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Kurzfassung

In dieser Doktorarbeit wurde die Interaktion von drei fundamentalen Ein- und Zweielektro-

nensystemen in intensiven, ultrakurzen Laserfeldern experimentell untersucht und mit theore-

tischen Vorhersagen verglichen. Die Verwendung einer Ionenstrahlapparatur erlaubt es, einen

Strahl atomarer sowie molekularer Ionen zu erzeugen und die dreidimensionalen Impulse der

ionischen und neutralen Fragmente nach der Laserinteraktion in Koinzidenz zu detektieren.

Um den fundamentalen Vorgang des Tunnelns von Elektronen zu verstehen und Modelle der

Starkfeldionisation zu testen, wurde in dieser Arbeit die Attoclock-Methode auf das Helium-

ion angewendet, einem Einelektronensystem mit der doppelten Ladung des Wassersto�atoms.

Dies ermöglicht die Untersuchung des Tunnelprozesses nahe am Idealfall - dem quasistatischen

Tunnelregime. Die Analyse der experimentell gemessenen Elektronenemissionswinkel als Funk-

tion des radialen Impulses zeigt, dass die Emissionswinkel für He+ deutlich kleiner sind als

für typischerweise genutzte Atome mit niedrigem Ionisationspotential. Die Verwendung von

He+ führt zu einem viel geringeren Keldysh-Parameter, was die Relevanz nichtadiabatischer

E�ekte, die die Interpretation der Attoclock erschweren, signi�kant reduziert. Die Ergebnisse

für den Elektronenemissionswinkel sind in guter Übereinstimmung mit theoretischen Vorher-

sagen aus der Lösungen der TDSE sowie semiklassischer Simulationen, die keine Tunnelzeiten

beinhalten.

Weiterhin wurde die Doppelionisation des neutralen Heliumatoms durch nahezu zirkular

polarisierte Few-Cycle-Laserpulse untersucht. Unter Nutzung semiklassischer Monte-Carlo-

Simulationen wurden experimentelle und simulierte Ionenimpulsverteilungen detailliert ver-

glichen und die Abhängigkeit der Doppelionisation von der Subzyklenform des ionisierenden

Few-Cycle-Laserfeldes demonstriert. Die auf einem rein sequentiellen Ionisationsmodell basie-

renden Simulationen zeigen eine bemerkenswert gute Übereinstimmung mit den experimen-

tellen Beobachtungen und können die für die Doppelionisation mit Few-Cycle-Laserpulsen

charakteristische 6-Peak-Struktur der gemessenen Ionenimpulsverteilungen reproduzieren.

Neben der Interaktion atomarer Systeme mit starken Laserfeldern wurde in dieser Arbeit die

erste experimentelle Untersuchung des einfachsten asymmetrischen Moleküls, dem Helium-

hydridion, in starken Laserfeldern durchgeführt. Es konnte gezeigt werden, wie der asymme-

trische Aufbau und das daraus folgende permanente Dipolmoment die laserinduzierte Frag-

mentation des Heliumhydridions beein�usst. Sowohl das Experiment als auch die Theorie

für Dissoziation, Einfachionisation und Doppelionisation von HeH+ und dem Isotop HeD+

demonstrieren, dass, abhängig von der Laserwellenlänge, für das asymmetrische Molekül die

direkte Vibrationsanregung vor der Ionisation zur Streckung des Moleküls führt. Die Dyna-

mik von HeH+ steht im Gegensatz zu den bekannten symmetrischen Molekülen und gibt

interessante Einblicke in das Verhalten asymmetrischer Systeme.

iv



Abstract

This work focuses the control of fundamental single- and two-electron systems using intense,

ultra-short laser �elds and includes new measurements, novel data evaluation techniques, and

interpretation using various theoretical techniques. The measurements were carried out using

an ion-beam apparatus that produces a beam of atomic or molecular ions, which is exposed to

the controlling laser pulses causing fragmentation and/or ionization. The three-dimensional

momenta of these fragments are then detected in coincidence, which allows for reconstruction

of the interaction dynamics.

In this thesis, to understand the fundamental timing of the laser-induced electron tunneling,

the attoclock method was applied to the helium ion, a single-electron system with twice the

charge of hydrogen. This serves to test and re�ne models of tunneling ionization and the larger

intensity required for ionization enables the investigation of the tunneling process close to the

ideal case � in the quasi-static tunnel regime. Evaluation of the measured electron-emission

angle as a function of the radial momentum for He+ is signi�cantly smaller than for, the

typically used, atoms with lower ionization potential. Moreover, using He+ results in a much

lower Keldysh parameter, which signi�cantly reduces the importance of nonadiabatic e�ects

that can complicate interpretation. The results are in good agreement with TDSE solutions

as well as semiclassical simulations that do not include tunneling times.

Further, double ionization of the helium atom by nearly circularly polarized few-cycle laser

pulses was investigated. The dependence of the sequential double ionization on the subcycle

shape of the ionizing few-cycle laser �eld was demonstrated by comparing measured ion mo-

mentum distributions with classical Monte Carlo simulations. Simulations based on a purely

sequential ionization model show a remarkable good agreement with the experimental ob-

servations and reproduce the characteristic 6-peak structure of the measured ion momentum

distribution after double ionization with few-cycle laser pulses.

In addition to laser-induced ionization of fundamental atomic systems with strong laser �elds,

in this work the �rst experimental investigation of the simplest asymmetric molecule, the

helium hydride ion, in strong laser �elds was performed. Helium hydride is only stable as

an ion and, therefore, an ion beam apparatus is required for its investigation. This study

focused on how the asymmetric structure, and the resulting permanent dipole moment of the

HeH+, in�uence laser-induced fragmentation. Both experiment and theory for dissociation,

single ionization and double ionization of HeH+ and the isotopologue HeD+ reveal, that for the

asymmetric molecule, direct vibrational excitation, with almost no electronic excitation as the

initial process, dictates the fragmentation process. The dynamics of this extremely asymmetric

molecule contrasts the symmetric molecules and gives new and fundamental insights into the

behavior of molecular systems in general.
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Kapitel 1

Einleitung

Die Physik strebt danach, die Grundbausteine der Natur zu identi�zieren und die Gesetze ih-

rer Wechselwirkung zu ergründen [1]. Experimente haben einen herausragenden Stellenwert,

da nur durch sie neue Naturerscheinungen beobachtet und Vorhersagen von physikalischen

Theorien überprüft und gegebenenfalls falsi�ziert werden können [2]. Für die Theorienbildung

sind dabei besonders einfache Systeme von groÿer Bedeutung, da bei Ihnen durch die Inter-

aktion einer geringen Anzahl von Teilchen die zugrunde liegende Physik mit überschaubarer

Komplexität erfasst werden kann. Besonders deutlich wird dies beim Wassersto�atom und

seiner Rolle in der Atomphysik. Tatsächlich zeigt es als das am einfachsten aufgebaute Atom

den Weg zum Verständnis aller Atome auf, nachdem die quantenmechanische Schrödinger-

und Dirac-Gleichung nur für ein Teilchen im zentralsymmetrischen Potenzial, und damit nur

für das Wassersto�atom oder wassersto�ähnliche Atome wie das einfach geladene Heliumion,

analytisch lösbar sind [3].

Es ist ein wichtiges Anliegen, diese fundamentalen Quantensysteme auch zeitaufgelöst zu stu-

dieren. Zur Beobachtung dynamischer Vorgänge in Atomen oder Molekülen wird eine extrem

hohe Zeitau�ösung benötigt, da die Bewegung der Elektronen in der Atomhülle auf der Zeit-

skala von Femtosekunden (10−15 Sekunden) bis Attosekunden (10−18 Sekunden) abläuft [4].

Hier haben in den letzten Jahren die Fortschritte in der Erzeugung ultrakurzer Laserpul-

se die Möglichkeit gescha�en, diese sehr schnellen Vorgänge sichtbar zu machen. Die mit

Femtosekundenlasern erreichbaren Energiedichten ermöglichen es zugleich, für sehr kurze Zei-

tintervalle sehr hohe elektrische Felder zu erzeugen. Die erzielten Feldstärken sind mit der

Stärke des Coulomb-Feldes, dem ein gebundenes Elektron in einem Atom ausgesetzt ist, ver-

gleichbar. Damit wird das Starkfeldregime erreicht, in dem das Laserfeld in der Licht-Materie-

Wechselwirkung nicht mehr im Rahmen der Störungstheorie behandelt werden kann.

Eine wichtige Grundlage für die Starkfeldphysik stellen die theoretischen Arbeiten von Keldysh

aus dem Jahr 1965 dar, in denen die Ionisation eines Atoms durch eine elektromagnetische

Welle als Tunnelionisationsprozess behandelt wird [5]. Erst Jahrzehnte später gelang der expe-

rimentelle Nachweis dieses Mechanismus [6]. Dem initialen Schritt der Tunnelionisation folgen

eine Reihe neuer charakteristischer E�ekte [7]. Dazu zählen die elastische Streuung der Pho-

toelektronen am Urspungsatom [8], die nichtsequentiellen Doppelionisation [9] und die Erzeu-

gung von höheren Harmonischen und von Attosekundenpulsen [10]. Die auf der Tunnelionisa-

tion beruhenden Phänomene begründeten somit das Gebiet der Attosekundenphysik für die

Untersuchung der Licht-Materie-Wechselwirkung [11; 4].

Wie in allen Bereichen der Physik sind für das fundamentale Verständnis auch in der Starkfeld-

1



1. Einleitung 2

physik vor allem einfache Systeme von hoher Bedeutung. Eine herausragende Rolle nehmen

dabei Ein- und Zweielektronensysteme ein, da sie am ehesten eine geschlossene theoretische

Beschreibung im Rahmen der Quantenmechanik ermöglichen. Die vorliegende Arbeit hat da-

her zum Ziel, einfache atomare und molekulare Systeme von grundlegender Bedeutung in

starken Laserfeldern zu untersuchen. Dazu wird die Interaktion von drei fundamentalen Ein-

bzw. Zweielektronensystemen, dem Heliumion, dem Heliumatom und dem Heliumhydridion,

mit intensiven Laserfeldern in Experimenten gemessen und mit theoretischen Vorhersagen

verglichen. Die Übergänge von einem Atom mit einem Elektron im He+ zu einem Atom mit

zwei Elektronen im Helium sowie der von atomaren Systemen zu Molekülen stellen dabei

jeweils einen groÿen Sprung in der Komplexität der untersuchten Systeme dar.

Bislang wurde die Untersuchung der Wechselwirkung von Materie mit intensiven Laserpulsen

mit Hilfe von Experimenten von der Nutzung neutraler Atome oder Moleküle dominiert. Die

vorliegende Arbeit verfolgt einen anderen Ansatz. Als Untersuchungsobjekt dienen Ionen, die

im Plasma einer Ionenquelle erzeugt werden und in Form eines Ionenstrahls hoher kinetischer

Energie mit den Laserpulsen in Interaktion gebracht werden. Dies ermöglicht die Untersuchung

elementarer Systeme wie He+ und H+
2 [12] sowie exotischer Molekülen wie HeH+ [13]. Zudem

erö�net die Verwendung von Ionen einen Parameterbereich der Starkfeld-Laserphysik, der mit

neutralen Atomen nicht erreichbar ist.

Gegenstand des ersten Teiles der Arbeit ist die Ionisation von atomaren Systemen in starken

Laserfeldern. Mit dem Heliumion wird die Ionisation eines Einelektronensystems durch starke

Laserfelder untersucht. Dieses Ion hat denselben Stellenwert für die theoretische Beschreibung

atomarer Systeme wie das Wassersto�atom [14] und ermöglicht die Untersuchung der Tunnel-

ionisation, die bei typischen Laserwellenlängen von 800 nm für das Heliumion den dominieren-

den Ionisationsmechanismus darstellt. Der Tunnelprozess ist ein fundamentaler Prozess der

Quantenmechanik und in vielen Bereichen der Physik relevant. Obwohl der Tunnelprozess im

Allgemeinen und als Ionisationsmechanismus von zahlreichen Forschern schon ausführlich un-

tersucht wurde, stellt er weiterhin den Gegenstand aktueller intensiver Forschungsaktivitäten

dar [15; 16; 17]. Insbesondere fundamentale Fragen über das Verständnis des Tunnele�ektes

werden anhaltend und intensiv diskutiert und betre�en vor allem die Frage: Wie lange benö-

tigt ein tunnelndes Teilchen für den Tunnelvorgang? Diese Fragestellung wird in dieser Arbeit

für Experimente mit dem Einelektronensystem He+ untersucht.

Für Systeme mit mindestens zwei Elektronen ist in starken Laserfeldern auch die Doppelioni-

sation relevant [18; 19]. Dabei werden durch das Laserfeld beide Elektronen aus dem Atom

herausgelöst. Hier kann grundsätzlich zwischen der sequentiellen und der nichtsequentiellen

Doppelionisation (NSDI) unterschieden werden. Sequentiell heiÿt im Grunde, dass die Elek-

tronen nacheinander durch zwei unabhängige Ionisationsprozesse aus dem Atom befreit wer-

den. Als nichtsequentielle Doppelionisation wird in der Starkfeld-Laserphysik das Phänomen

bezeichnet, dass das erste durch das Laserfeld aus dem Atom gelöste Elektron nach der Be-

schleunigung im Laserfeld ein zweites Elektron aus dem Atom herausschlagen kann. Wenn

NSDI z.B. bei hinreichend stark elliptisch polarisierter Laserstrahlung unterdrückt ist, kann

die Doppelionisation in intensiven Laserfeldern in sehr guter Näherung als sequentieller Pro-

zess verstanden werden. Ob diese Annahme z.B. bei extrem kurzen Pulsen, also wenn beide

Ionisationsprozesse in ein enges Zeitfenster gepresst werden, zusammenbricht, ist nicht hin-

reichend erforscht. Wir benutzen für diesen hypothetischen E�ekt das Oxymoron korrelierte
sequentielle Doppelionisation.
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Sie ist Gegenstand des zweiten Kapitels dieser Arbeit, in dem die Doppelionisation des ein-

fachsten Zweielektronensystems, dem Heliumatom, in elliptisch polarisierten Laserpulsen be-

handelt wird.

Im dritten Teil der Arbeit wird die Dynamik einfacher Moleküle in starken Laserfeldern am

Beispiel des Heliumhydridions untersucht. Für Moleküle sind die gleichen Phänomene, die für

Atome beobachtet werden und mit der Bewegung der Elektronen verbunden sind, relevant.

Es kommen jedoch mehrere Freiheitsgrade dazu, die aus der Bewegung der Kerne folgen.

Die Kerndynamik verläuft im Vergleich zur elektronischen Bewegung auf längeren Zeitskalen,

aber immer noch auf der Zeitskala der Laserpulse. Der ungeheure Anstieg der Komplexität

des Problems sei durch ein Bonmot des Miter�nders des Lasers und Nobelpreisträgers, Ar-

thur Leonard Schawlow, illustriert: "A diatomic molecule is a molecule with one atom too
many." [20]. Auch im Kontext der Starkfeld-Laserphysik erinnert man sich unwillkürlich an

Schawlows frustrierte Bemerkung. Die Schwingungs- und Rotationsbewegungen und das Feh-

len der Kugelsymmetrie machen die Erklärung und die Kontrolle der quantenmechanischen

Eigenschaften von Molekülen viel schwieriger als dies für die einfacheren Atome der Fall ist.

Dennoch haben Physiker in den letzten Jahrzehnten begonnen, mit Molekülen immer kompli-

ziertere und präzisere Experimente durchzuführen, um ein physikalisches Verständnis dieser

Systeme zu erlangen.

Die Fragmentation von einfachen Molekülen, die mit intensiven Laserpulsen interagieren, ist

auch deswegen von groÿem Interesse, da sie Wege aufzeigen, eines der Hauptziele der Mo-

lekülphysik, die Kontrolle chemischer Reaktionen, zu erreichen. Bisher basiert ein Groÿteil

des Verständnisses der Fragmentation von einfachen Molekülen in starken Laserfeldern auf

dem einfachsten Referenzmolekül, dem Wassersto�molekülion H+
2 . So wurden wichtige E�ek-

te der Interaktion von Molekülen mit Laserpulsen wie die Above-Threshold-Dissoziation [21]

und Bond-Softening [22] für das H+
2 -Molekül beschrieben. Damit ist dieses Molekül nicht nur

von fundamentaler Bedeutung, sondern auch sehr speziell, da es sich um eine perfekt sym-

metrische und damit unpolare Verbindung handelt. Um ein vollständiges Bild molekularer

Prozesse zu gewinnen, ist es daher von ebenso groÿer Wichtigkeit, asymmetrische und damit

polare Systeme zu untersuchen.

Das einfachste asymmetrische Molekül ist das Heliumhydridion (HeH+). Es ist in vielerlei

Hinsicht eine sehr faszinierende Verbindung, was sich bereits in der Tatsache zeigt, dass es

mutmaÿlich das erste Molekül war, das sich nach dem Urknall bildete [23]. Da das Heliumhy-

drid nur als Ion stabil ist, kann es nur mit dem erheblichen Aufwand einer Ionenstrahlanlage

erzeugt werden. Die Untersuchung seiner Dynamik in Laserfeldern ist jedoch besonders rele-

vant, da es den Grenzfall einer asymmetrischen Verbindung darstellt und damit alle übrigen

Verbindungen zwischen den Extremen des perfekt symmetrischen H+
2 und dem asymmetri-

schen HeH+ liegen. Der Fokus der Untersuchungen für die laserinduzierte Fragmentation des

Heliumhydridions liegt naturgemäÿ in der Frage: Wie beein�usst der asymmetrische Aufbau

des HeH+ die Dynamik in starken Laserfeldern? Es wird sich zeigen, dass das permanen-

te Dipolmoment, welches eine Konsequenz der elektronischen Asymmetrie des HeH+ ist, ein

Verhalten herruft, dass sich wesentlich von den Beobachtungen für symmetrische Moleküle

wie H+
2 unterscheidet.



Kapitel 2

Atome und Moleküle in starken

Laserfeldern

Im folgenden Kapitel werden die für diese Arbeit wichtigen theoretischen Konzepte für die
Interaktion von Atomen und Molekülen mit starken Laserfeldern erläutert. Dazu gehört vor
allem der Prozess der Starkfeldionisation. Ausführlichere Darstellungen zu diesem Thema
�nden sich in zahlreichen Übersichtsartikeln [24; 25; 26; 27; 28; 29].

2.1 Die Starkfeldionisation

Wenn Atome oder Moleküle hochintensiver Laserstrahlung ausgesetzt werden, kommt es zur

Ionisation der Atome, d.h. im Atom gebundene Elektronen werden durch die Interaktion mit

dem Licht aus dem Atom herausgelöst.

Für das in dieser Arbeit relevante Regime der nichtlinearen Photoionisation von Atomen und

Ionen, in dem die Photonenenergie deutlich kleiner als das Ionisationspotential ist, basiert die

theoretische Beschreibung jenseits von Störungstheorie zu einem groÿen Teil auf den Arbeiten

von Keldysh aus dem Jahr 1964 [5]. Tatsächlich sind die Grenzfälle seiner Theorie einerseits die

bereits bekannte, mit Störungstheorie zugängliche Multiphotonenionisation und andererseits

die Tunnelionisation. Um zwischen diesen beiden Ionisationsmechanismen zu unterscheiden,

führte Keldysh den dimensionslosen Parameter γ ein, der heute als Keldysh-Parameter be-

kannt ist.

Die Idee der Tunnelionisation beruht darauf, dass ein starkes Laserfeld das Potential eines

Atoms so stark verformt, dass ein gebundenes Elektron durch die Potentialbarriere tunneln

kann, die durch die Superposition des Laserfeldes mit dem atomaren Coulomb-Potential in

jeden Halbzyklus der Laserfeldoszillation entsteht (siehe Abb. 2.1 (b)). Für eine hinreichend

niedrige Frequenz des Laserfeldes kann die Barriere als quasistatisch angesehen und die Ioni-

sation mit der Tunnelrate für zeitlich konstante elektrische Felder beschrieben werden [27].

Der Parameter γ vergleicht daher die charakteristische Zeitskala der Bewegung des Elektrons

unter der Barriere mit der Laserfrequenz ωL. Mit der Bindungsenergie bzw. Ionisationsenergie

des Elektrons Ip und der elektrischen Feldstärke E berechnet sich der Keldysh-Parameter in

atomaren Einheiten zu

γ =
ωL

ωTunnel
=
ωL
√

2Ip

E
. (2.1)

4
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Das Tunnelionisationsregime ist also durch γ � 1 charakterisiert (siehe Abb. 2.1 (a)). Für

geringere Intensitäten und/oder kurze Wellenlängen ergibt sich γ � 1 und die Ionisation ist

als Multiphotonenprozess zu verstehen, bei dem der Ionisationszeitpunkt zeitlich nicht auf

den Bruchteil eines optischen Zyklus eingegrenzt werden kann.

(a) (b) (c)

0

r

0

E

Multiphotonionisation

0

r

0

E

Tunnelionisation

0

r

0

E

Barrier-Suppression-Ionisation

Laserfeld

Ionisationenergie

Atompotential

Tunnel

Tunnelausgang

Effektives 
Potential

Effektives 
Potential

Abbildung 2.1: Ionisationsmechanismen in starken Laserfeldern: (a) Ionisation durch Absorp-

tion mehrerer Photonen. (b) Bildung einer Potentialbarriere aus der Überlagerung von ato-

maren Potential und Laserfeld ermöglicht das Tunneln des Elektrons aus dem gebundenen

Zustand ins Kontinuum. (c) Für hohe Feldstärken wird das e�ektive Potential durch das

Laserfeld soweit abgesenkt, dass das Elektron ohne Tunneln ins Kontinuum gelangen kann

(Prozess der Barrier-Suppression-Ionization, siehe Kap. 2.5).

Zur Beschreibung der Tunnelionisation von Atomen wurden eine Vielzahl verschiedener Theo-

rien entwickelt. In der Regel werden dabei folgende Approximationen genutzt:

• Dipolnäherung: Vereinfachend wird ausschlieÿlich die Interaktion mit dem elektrischen Feld

und nicht mit der magnetischen Komponente betrachtet [30].

• Einelektronennäherung: Dabei wird statt des Atoms mit allen Elektronen im Laserfeld nur

ein einzelnes aktives Elektron behandelt, das in einem e�ektiven Atompotential gebunden

ist und mit dem Laserfeld in Wechselwirkung tritt [25].

2.2 Das Semiklassische Modell

Die Interpretation der Ionisation als Tunnelvorgang ist Inspiration für einen theoretischen

Ansatz, der die mit der Ionisation verbundenen Phänomene durch eine Abfolge von zwei oder

drei Schritten erklären kann.

Dieser im Allgemeinen auch als semiklassisches Modell bezeichnete Ansatz beruht auf der

Kombination von Aspekten der klassischen Mechanik und der Quantenmechanik [7]. Zuerst

wird das Elektron durch einen quantenmechanischen Ionisationsprozess aus dem Atom be-

freit. Danach kann das Elektron als klassisches Teilchen beschrieben werden, welches sich

im kombinierten Potential des Ions und des Laserfeldes bewegt. Das Elektron wird durch das

Laserfeld vom Ion weg beschleunigt und sein Impuls kann mit dem Auftre�en auf einem Detek-

tor gemessen werden. In einem dritten Schritt kann das Elektron für bestimmte Bedingungen

auch wieder auf das Ion tre�en und dabei streuen (Rückstreuung) [8], ein anderes Elektron

aus dem Ion herausstoÿen (Nichtsequentielle Doppelionisation) [9] oder unter Aussendung von

Photonen mit dem Ion kombinieren [10].
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Die Bewegung des Elektrons als klassisches Teilchen in der Kombination von Laserfeld und

atomaren Potential V wird mit der klassischen Bewegungsgleichung beschrieben, die in ato-

maren Einheiten
d2r

dt2
= −E(t)−∇V (r). (2.2)

lautet. Beginnend von der allgemeinen Lösung

dr(t)

dt
= −

∫ t

t0

[E(t′) +∇V (r(t′))]dt′ + v0. (2.3)

mit der Startzeit t0 und der Initialgeschwindigkeit v0 können die Impuls- und Energievertei-

lung durch Integration berechnet werden.

Eine zentrale Schwierigkeit innerhalb des semiklassischen Modells stellt die korrekte Beschrei-

bung des Ionisationsschrittes dar. Dazu wird eine Theorie benötigt, die Wahrscheinlichkeiten

für die Ionisation mit Subzyklengenauigkeit bereitstellt und die Erzeugung eines klassischen

Ensembles von Ionisationszeiten, Anfangsgeschwindigkeiten und Startorten erlaubt [27].

2.3 Atome in statischen elektrischen Feldern

Um die Ionisation von Atomen in intensiven Laserfeldern zu verstehen, ist es hilfreich zuerst

Atome in einem statischen elektrischen Feld zu betrachten. Streng genommen ist dies nur im

quasistatischen Limit für einen Keldysh-Parameter γ � 1 gerechtfertigt [5; 31].

Der Hamiltonian für ein Elektron in einem Coulomb-Potential mit der Kernladungszahl Z

und in einem statischen elektrischen Feld E = Eex lautet:

Ĥ =
p2

2
− Z

r
+ Ex. (2.4)

Das elektrische Feld verformt das Coulomb-Potential so stark, dass sich eine Barriere ausbil-

det, durch die ein im Atom gebundenes Elektron tunneln kann (siehe Abb. 2.1).

Modell mit δ-förmigem Atompotential

Im einfachsten Fall kann die Ausdehnung des atomaren Potentials völlig vernachlässigt wer-

den. Mathematisch kann dies durch ein δ-Potential beschrieben werden. Für ein Atompotential

dieser Form kann der Tunnelausgang xe bei eindimensionaler Betrachtung der Trajektorie des

Elektrons entlang der x-Achse berechnet werden und beträgt

xe = −Ip
E
. (2.5)

Eindimensionales Coulomb-Potential

Wenn das Tunnelproblem vereinfacht als eindimensionales Problem entlang der Richtung der

Laserpolarisation betrachtet wird, hat das Potential die Form V = −Z/x. Die Position des

Maximums der Barriere ist dann für E > 0 an xBar = −
√

Z
E . Für den Tunnelausgang folgt

durch Lösung von −Z/x+ E · x = −Ip mit einer quadratischen Gleichung [32]

xe = − 1

2E
(Ip +

√
I2
p − 4ZE). (2.6)
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Dreidimensionales Coulomb-Potential

Die dreidimensionale Schrödingergleichung mit dem Hamiltonian in Gl. 2.4 für Einelektronen-

systeme ist in parabolischen Koordinaten separierbar [33; 31]. Einige Schritte der Berechnung

sind im Anhang 8.1 dargestellt.

Mit der Beschreibung des Tunnelprozesses in parabolischen Koordinaten kann die Position

des Tunnelausganges berechnet werden, sodass sich der Tunnelausgang nach der Umrechnung

in kartesische Koordinaten an der Stelle

xe = −ηe
2

= − 1

2E

(
IP +

√
I2
P − 4β2E

)
(2.7)

be�ndet. Allerdings sollten Ansätze, nach der Tunnelionisation Elektronentrajektorien an die-

sem Punkt zu beginn, zurückhaltend beurteilt werden, da die Wellenfunktion des Elektrons

über eine erhebliche Ausdehnung verfügt.

Auf der Beschreibung des Tunnelproblems in parabolischen Koordinaten und einer Analyse

der semiklassischen Wellenfunktionen basiert auch die Herleitung der quasistatischen Wahr-

scheinlichkeit der Tunnelionisation [33]. Die Ionisationsrate für das Wassersto�atom, die als

Landau-Rate bezeichnet wird, lautet dann

Γ =
4

E
exp

(
− 2

3E

)
. (2.8)

Die Tunnelwahrscheinlichkeit steigt exponentiell mit der Stärke des elektrischen Feldes an.

Dieses Verhalten �ndet sich auch in einer allgemeineren Form der quasistatischen Ionisations-

rate wieder.

2.4 Quasistatische Ionisationsraten

Oftmals wird die quasistatische Behandlung des Ionisationsvorganges zur Bestimmung von

Ionisationsraten als ADK-Theorie nach den Autoren Ammosov, Delone und Krainov [34] be-

zeichnet, obwohl die Ergebnisse bereits zuvor durch andere Autoren beschrieben wurden [26].

Die ADK-Theorie ist somit nur als ein Spezialfall der allgemeineren von Perelomov, Popov

und Terent'ev aufgestellten Theorie zu sehen (siehe Kap. 2.6) [35].

Wenn die Emission eines Elektrons aus einem Atom über Tunnelionisation statt�ndet, kann

dies durch die quasistatische Ionisationsrate Γnlm beschrieben werden, die entsprechend der

Notation von [36] in atomaren Einheiten folgende Gestalt hat:

Γnlm =
|Cnlm|2Q2

(2κ)|m||m|!

(
κ2

E

)2Z/κ−|m|−1

exp

(
−2κ3

3E

)
(2.9)

Q2 =
(2l + 1)(l + |m|)!

2(l − |m|)!
(2.10)

wobei E(t) die instantane elektrische Feldstärke, Ip in κ =
√

2Ip das Ionisationspotential des

Atoms sowie n, l undm die Haupt-, Drehimpuls- und Bahndrehimpulsquantenzahl bezeichnen.

Der Faktor Cnlm beschreibt die Amplitude der gebundenen elektronischen Wellenfunktion im

Bereich der Barriere [26].

Innerhalb dieser Theorie kann auf die Anfangsgeschwindigkeit des Elektrons nach dem Tun-

neln geschlossen werden [37]. Die entsprechende Verteilung der Anfangsimpulse kann aus der
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gebundenen Wellenfunktion des Elektrons berechnet werden, sodass näherungsweise für die

Verteilung der longitudinalen Impulse p‖

|ψ‖|2 ∝ |ψ0‖|2 exp

(
−p2
‖
ω2(2Ip)

3/2

3E3

)
(2.11)

und für die transversalen Impulse p⊥

|ψ⊥|2 ∝ |ψ0⊥|2 exp

(
−p2
⊥

√
2IP
E

)
(2.12)

folgt. Demnach lässt sich die Anfangsimpulsverteilung mit Gauÿfunktionen angeben, deren

Breite durch die Standardabweichungen σ‖ =
√

3E3

2ω2(2Ip)3/2
für den longitudinalen Impuls und

σ⊥ =
√

E

2
√

2Ip
für den transversalen Impuls bestimmt werden.

2.5 Die kritische Feldstärke

Für sehr hohe Laserintensitäten bzw. elektrische Feldstärken kann der Potentialberg unter

das Bindungspotential abgesenkt werden, sodass das Elektron ohne Tunneln aus dem Atom

frei wird (siehe Abb. 2.1 (c)). Dieser Ionisationsvorgang wird in der englischsprachigen Litera-

tur als Barrier-Suppression-Ionisation bezeichnet. An diesem Punkt ist zu erwarten, dass die

Ionisationsrate stark ansteigt. Für eine eindimensionale Betrachtung des e�ektiven Potentials

V = −Z
r + Ex be�ndet sich das Maximum der Barriere bei xb = −

√
Z/E und die Energie

beträgt V (xb) = −
√
ZE. Damit folgt für die kritische Feldstärke, an der das Maximum des

e�ektiven Potentials unter die Bindungsenergie verschoben wird,

Ec =
1

Z

(
Ip
2

)2

. (2.13)

Wendet man dieses Ergebnis für das einfachste Atom, das Wassersto�atom, an, liefert Gl. 2.13

das Ergebnis Ec=0,0625 a.u. Es stellt sich heraus, dass eine Behandlung des Problems in

parabolischen Koordinaten einen um mehr als Faktor zwei gröÿeren Wert liefert [38]. Die

Störungsrechnung liefert [31]

Ec ≈ (
√

2− 1)I3/2
p . (2.14)

und die kritische Feldstärke beträgt also Ec=0,146 a.u.

Dieses Ergebnis gilt jedoch nur für die spezielle Symmetrie von wassersto�artigen Systemen

und nicht für Mehrelektronensysteme. Daher wird Gl. 2.13 oft in der Literatur benutzt und

dient meist als Abschätzung der Intensität, bei welcher ein bestimmter Ladungszustand auf-

tritt [31].

2.6 Nichtadiabatische Theorien

In der quasistatischen Betrachtung wurde das elektrische Feld wie ein langsam variierendes

statisches Feld behandelt. Es existiert somit keine Frequenzabhängigkeit der Ionisationsrate.

Die allgemeinere Behandlung des Ionisationsvorganges in einer nichtadiabatischen Theorie

wurde durch Perelomov, Popov und Terent'ev durchgeführt [35; 39]. Nach der PPT-Theorie

sind sowohl die Ionisationsrate als auch der Ort und der Impuls des Elektrons nach der
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Abbildung 2.2: Ionisation und Ionisationsrate des Wassersto�atoms für die adiabatische ADK-

und die nichtadiabatische YI-Rate bei 1,5·1015W/cm2 und einer Pulsdauer von 35 fs für ver-

schiedene Laserwellenlängen. Mit sinkendem Keldysh-Parameter nehmen die Beiträge der

Multiphotonenionisation ab und die beiden Theorien sagen die gleiche Ionisationsamplitude

voraus.

Ionisation von der Frequenz des Laserfeldes bzw. dem entsprechenden Keldysh-Parameter

abhängig [35; 26; 40; 41].

Auf der PPT-Theorie aufbauend, geben Yudin und Ivanov einen Ausdruck für eine instanta-

ne Ionisationsrate an, die sowohl im Bereich der Multiphoton- als auch der Tunnelionisation

gültig ist [42]. Die Rate ist direkt vom Keldysh-Parameter abhängig und kann damit auch im

Übergangsbereich γ ≈ 1 verwendet werden, in dem die quasistatische Tunnelrate die Ionisati-

onsrate nicht korrekt beschreibt.

Um den Unterschied zur quasistatischen ADK-Rate zu illustrieren, ist in Abb. 2.2 ein Ver-

gleich zwischen der ADK-Rate und der Yudin-Ivanov-Rate für das Wassersto�atom über einen

groÿen Bereich von Wellenlängen dargestellt. Berechnet wurden sowohl die zeitabhängige Io-

nisationswahrscheinlichkeit als auch die Ionisationsrate für einen 35 fs-Puls mit einer Inten-

sität von 1,5·1015 W/cm2. Anhand der entsprechenden Keldysh-Parameter wird dabei das

Ionisationsregime von einer Ionisation mit hohen Multiphotonenbeitrag bis zur vollständigen

Tunnelionisation variiert.

Im Vergleich zur adiabatischen Tunnelrate ist die nichtadiabatische Ionisationsrate für gröÿere

Keldysh-Parameter aufgrund der nichtadiabatischen E�ekte erhöht. Dies kann entweder als

Absorption von Photonen vor dem Tunnelprozess oder als Energiegewinn des Elektrons in

der zeitlich variierenden Barriere während des Tunnelprozesses aufgefasst werden [43; 44]. Im

Bereich der Tunnelionisation zeigen die ADK- und die YI-Rate das exakt gleiche Ergebnis.

Die Auswirkungen einer nichtadiabatischen Betrachtung auf den Startort und Impuls eines

Elektrons werden u.a. von Boge et al. und Ni et al. beschrieben [45; 46; 41]. Für den Startort
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des Elektrons nach der nichtadiabatischen PPT-Theorie folgt rPPT = E
ω2 (cosh(τ0)−1), wobei

sich τ0 aus der Lösung der Gleichung sinh2(τ0)−
(

cosh τ0 − sinh τ0
τ0

)
= γ2 berechnet [35; 45].

Die transversale Anfangsimpulsverteilung nach dem Tunneln ist in beiden Theorien, der

adiabatischen und der nichtadiabatischen, gauÿförmig. Während im adiabatischen Fall die

Anfangsimpulsverteilung um Null zentriert ist, folgt aufgrund der oben genannten E�ekte

für die nichtadiabatische Theorie, dass für eine Laserpolarisation mit einer Elliptizität ε der

transversale Anfangsimpuls den Wert p⊥ = Eε
ω

(
sinh τ0
τ0
− 1
)2

annimmt [45]. Eine ausführliche-

re Diskussion der Folgen für die Interpretation von Ionisationsexperimenten mit elliptischer

Laserpolarisation wird in Kap. 4.4.6.4 vorgenommen.

2.7 Klassische Bewegung des Elektrons im Laserfeld

Im semiklassischen Modell tunnelt das Elektron zum Zeitpunkt t0, der sich aus den Ionisations-

raten ergibt, aus dem Atom parallel zur instantanen Laserpolarisationsrichtung. Es erscheint

mit einer Anfangsgeschwindigkeit v0 am Ausgang des Tunnels r0, der den Startort der Trajek-

torie darstellt. Allerdings sollten Ansätze, nach der Tunnelionisation Elektronentrajektorien

an diesem Punkt zu beginnen, zurückhaltend beurteilt werden, da die Wellenfunktion des

Elektrons über eine erhebliche Ausdehnung verfügt.

Die einfachste Umsetzung des semiklassischen Modells, welches dann auch als �Simple-Man�-

Modell bezeichnet wird, vernachlässigt nach dem Ionisationsprozess in der Bewegung des

Elektrons im Laserfeld das Coulomb-Potential des Atoms [7]. Diese Approximation ist dadurch

motiviert, dass das Laserfeld die Bewegung des Elektrons nach der Ionisation klar dominiert

und die Oszillationsamplitude des Elektrons im Feld im Vergleich zur Ausdehnung des Atoms

sehr groÿ ist [25]. Damit vereinfacht sich die Bewegungsgleichung zu

d

dt
v(t) = −E(t). (2.15)

Wenn die Anfangsbedingungen des Elektrons mit r0 = 0 sowie v0 = 0 approximiert werden,

lautet die Lösung

v(t) = −
∫ t

t0

E(t′)dt′ = A(t)−A(t0). (2.16)

Damit besteht der Impuls aus einem Summanden, der mit der Laserphase oszilliert und pro-

portional zu dem instantanen Vektorpotential A(t) ist, sowie einem konstanten Summand

p = −A(t0), dem Driftimpuls, der gleichbedeutend ist mit dem Impuls, den das Elektron

nach dem Ende des Laserpulses besitzt und mit dem es auf einen Detektor tri�t. Diese Be-

ziehung kann auch als Erhaltung des kanonischen Impulses pc(t) = v(t) − A(t) aufgefasst

werden. Mit pc(t0) = pc(t) folgt aus A(t → ∞) = 0 für den Impuls des Elektrons am Ende

des Laserpulses p(t→∞) = pD = −A(t0).

Dieses Ergebnis enthält eine wichtige Erkenntnis. Der Driftimpuls des Elektrons ist proportio-

nal zum Vektorpotential zum Zeitpunkt der Ionisation t0, während der Ionisationszeitpunkt

durch die Ionisationsrate bestimmt wird, die von der elektrischen Feldstärke abhängt. Da die

Ionisation sehr stark an den Extrema der Feldstärke, an denenA(t) verschwindet, konzentriert

ist, folgt für lineare Polarisation pD ≈ 0. Wenn der maximale Impuls erreicht wird, erreicht

die Ionisationsrate Γ ihr Minimum im Laserzyklus.
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2.8 Moleküle in starken Laserfeldern

In diesem Kapitel werden einige wichtige theoretische Aspekte von Molekülen in starken La-

serfeldern vorgestellt. Grundsätzlich ist die Dynamik von Molekülen, im Vergleich zu den im

vorangegangenen Kapitel diskutierten Atomen, ungleich komplizierter. Die präzise Modellie-

rung der Moleküldynamik in Laserfeldern ist aufgrund der groÿen Anzahl von interagierenden

Teilchen eine groÿe Herausforderung in der Physik. Eine einheitliche analytische oder exakte

nummerische Lösung der zeitabhängigen Schrödinger-Gleichung für Moleküle in intensiven

Laserfeldern ist selbst für einfachste Systeme ohne Approximationen nicht möglich. Neben

der elektronischen Kon�guration müssen für Moleküle zusätzlich die Freiheitsgrade der relati-

ven Bewegungen der Atomkerne beachtet werden. E�ekte wie Vibrationen und Rotation des

Moleküls können entscheidenden Ein�uss auf die beobachtbare Dynamik nehmen.

2.8.1 Born-Oppenheimer-Näherung

Quantenmechanisch lässt sich ein Molekül durch die Schrödinger-Gleichung ĤΨ = EMΨ

beschreiben [47]. Der feldfreie Hamiltonian für ein zweiatomiges Molekül mit N Elektronen

ergibt sich aus den Coulomb-Wechselwirkungen aller Teilchen:

H0 =
N∑
i=1

(
p2
e,i

2m

)
︸ ︷︷ ︸
Kin. Energie
der Elektronen

+
p2

1

2M1
+

p2
2

2M2︸ ︷︷ ︸
Kin. Energie
der Kerne

−
N∑
i=1

(
Z1

|re,i −R1|
+

Z2

|re,i −R2|

)
︸ ︷︷ ︸

Kern-Elektron
-Anziehung

(2.17)

−
∑
i>j

(
1

|re,i − re,j |

)
︸ ︷︷ ︸

Elektron-Elektron
-Abstoÿung

+
Z1Z2

|R1 −R2|︸ ︷︷ ︸
Kern-Kern
-Abstoÿung

Die Born-Oppenheimer-Näherung geht davon aus, dass die elektronische Dynamik von der

nuklearen Bewegung entkoppelt werden kann, da die Masse der Kerne viel gröÿer ist als die

Masse der Elektronen, die sich entsprechend schnell bewegen und sich Änderungen der Mole-

külstruktur anpassen. Die Kerngeometrie dient als quasistatisches Gerüst für die Elektronen.

Im Rahmen der Born-Oppenheimer-Näherung kann mit dem Kernabstand R = |R1−R2| die
Wellenfunktion des Moleküls Ψ(ri,R1,R2) = Ψe(ri,R1,R2)·ΨN (R1,R2) in ein Produkt aus

elektronischer Wellenfunktion Φ(ri, R) und Kernwellenfunktion χ(R) aufgespalten werden.

Dies bedeutet auch, dass die elektronischen, die Schwingungs- und Rotationsbeiträge für die

Energieniveaus des Moleküls separiert behandelt werden können EM = Ee + Evib + Erot.

Um die molekularen Eigenzustände Em zu ermitteln, wird im Rahmen dieser Näherung die

zeitunabhängige Schrödinger-Gleichung für eine feste Kerngeometrie gelöst. Die Kernbewe-

gung wird damit in einem e�ektiven Potential betrachtet, welches aus der schnellen und damit

gemittelten Elektron-Elektron- und Elektron-Kern-Wechselwirkung folgt. Es ergeben sich die

Potential�ächen als Funktion des Kernabstandes R.

2.8.2 Schwingungen zweiatomiger Moleküle

Die Kerne führen Schwingungen in einem mittleren Potential aus, dass sich aus der gemittel-

ten Bewegung der Elektronen ergibt [47; 48]. In erster Näherung kann dieses Potential um das
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Minimum als harmonisches Potential beschrieben werden und es ergeben sich die Energieei-

genwerte des harmonischen Oszillators

Evib(v) = (v +
1

2
)~ω0 (2.18)

mit der Schwingungsquantenzahl v und der Energieseparation ∆E = ~ω0. Die Eigenfrequenz

ω0 =
√

kr
µ hängt von der Form des Potentials und der reduzierten Masse µ des Moleküls

ab. Die für die Geschwindigkeit der Schwingung entscheidende Gröÿe ist damit die reduzierte

Masse des Moleküls 1
µr

= 1
M1

+ 1
M2

bzw. µr = M1M2
M1+M2

. Mit den Hermite-Polynomen Hv haben

die entsprechenden Eigenfunktionen die Form ψvib(R) = exp(−πµω/hR) · Hv(R), wobei die

Auswahlregeln für Dipolübergänge ∆v = ±1 lautet.

Ein harmonisches Potential stellt nur für geringe Auslenkungen in der Nähe des Potential-

minimums bei Re eine gute Beschreibung von Molekülen dar. Eine bessere Approximation

bietet das Morse-Potential V (r) = Ed[1− e−a(R−Re)]2. Dabei ist ED die Dissoziationsenergie

des Moleküls und entspricht der Potentialtiefe. Die Eigenwerte sind dann durch

Evib(v) = (v +
1

2
)~ω0 −

~2ω2
0

4ED
(v +

1

2
)2 (2.19)

mit der Frequenz ω0 = a
√

2ED
µ gegeben. Die Auswahlregeln ∆v = ±1 gelten nicht mehr so

streng wie bei dem harmonischen Oszillator, so dass auch Übergänge mit ∆v = ±2, 3,... mög-

lich sind. Die Energieseparation beträgt ∆E(v) = ~ω0

[
1− ~ω0

2ED
(v + 1

2)
]
, sodass die Energie-

di�erenz zwischen benachbarten Zuständen nicht mehr konstant ist und für eine wachsende

Quantenzahl v abnimmt. Die Energieabstände liegen typischerweise im Infarotbereich. Mit

steigendem v wächst auch der mittlere Kernabstand der Zustände.

2.8.3 Rotation zweiatomiger Moleküle

Ein weiterer für Moleküle relevanter Freiheitsgrad ist die Rotation. Da die Rotation eines

Moleküls im Vergleich zu Schwingungen deutlich langsamer statt�ndet, kann in guter Nähe-

rung von einem festen mittleren Kernabstand ausgegangen werden [49]. In diesem Fall ist die

Beschreibung der Rotation eines Moleküls durch einen starren Rotator möglich.

Das Trägheitsmoment des Moleküls bezüglich seiner Rotationsachse beträgt I = M1R
2
1 +

M2R
2
2 = µR2, sodass für die Rotationsenergie Erot = 1

2Iω
2 folgt. Quantenmechanisch ergeben

sich die Energieniveaus der Rotation

Erot =
J(J + 1)~2

2µR2
(2.20)

mit der Rotationsquantenzahl J . Die Energieabstände liegen typischerweise im Mikrowellen-

bereich.

Im thermischen Gleichgewicht kann die Besetzungsdichte der Energiezustände mit einer Boltz-

mann-Statistik beschrieben werden und ist daher proportional zu (2J + 1)e
− ~2J(J+1)

2IkbT , wobei

kb die Boltzmann-Konstante und T die Temperatur bezeichnen.

2.8.4 Laserinduzierte Fragmentation von Molekülen

Um die Komplexität der laserinduzierten Fragmentation von Molekülen in starken Laserfel-

dern erklären zu können, wurden eine Reihe von Mechanismen identi�ziert, die typischerweise
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im Zusammenhang zur Dissoziation und Ionisation des Wassersto�molkülions H+
2 , dem ein-

fachsten aller Moleküle, diskutiert werden [50; 51].

Für den Vorgang der Dissoziation von H+
2 ist die elektronische Anregung auf einen dissozi-

ierenden Zustand durch Absorption von einem oder mehreren Photonen entscheidend und

als Above-Threshold-Dissociation bekannt (siehe Abb. 2.3 (a)) [21]. Kommt es nach dieser An-

regung zu Übergängen zurück auf den bindenden Zustand, wird entsprechend die Emission

von Fragmenten mit geringer Energie beobachtet und als Zero-Photon-Dissociation interpre-

tiert [52].

Zusätzlich führt die Kopplung der elektronischen Zustände in H+
2 durch das Laserfeld zu einer

Verformung der Potentiale, sodass eine scheinbare Abschwächung der Molekülbindung die

Dissoziation von bestimmten Vibrationszuständen erhöht, die als Bond-Softening bezeichnet

wird [22]. Umgekehrt kann für andere Vibrationszustände eine Stabilisierung der Bindung

und entsprechende Verringerung der Dissoziationswahrscheinlichkeit, also Bond-Hardening,

auftreten [53].

Wie es für die Atome beschrieben wurde, können Laserfelder abhängig von ihrer Intensität die

gebundenen Elektronen eines Moleküls herauslösen (siehe Abb.2.3 (b)). Erfolgt die Ionisation,

nachdem das Molekül zuvor in einen dissoziierenden Zustand angeregt wurde, über einen

groÿen Bereich von internuklearen Abständen R, wird der Begri� der dissoziativen Ionisation

verwendet [54].

Überwiegt infolge des Entfernens der Elektronen die Coulomb-Abstoÿung der positiven La-

dungen, zerfällt das Molekül in Kationen. Die in dieser Coulomb-Explosion auf die nuklearen

Fragmente übertragene kinetische Energie gibt Auskunft über den Abstand der Atome zum

Zeitpunkt der Ionisation [55].

Für H+
2 beschreibt der E�ekt der Charge-Resonant-Enhanced-Ionization (CREI), dass an

bestimmten internuklearen Abständen R als Folge des Übergangs in den angeregten elektro-

nischen Zustand eine Erhöhung der Ionisationswahrscheinlichkeit auftritt [56].
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Abbildung 2.3: Schematische Darstellung der Fragmentation des H+
2 -Moleküls: (a) Born-

Oppenheimer-Potential�ächen für den Grundzustand 1sσg mit den Vibrationszuständen und

dem angeregten Zustand 2pσu. Auch eingezeichnet ist der um die Energien von 800 nm-

Photonen verschobene 2pσu mit den relevanten Mechanismen für die Dissoziation (H+
2 → H +

H+), (b) Born-Oppenheimer-Potential�ächen für 1sσg, 2pσu und das repulsive 1/R-Potential

für die Ionisation (H+
2 → H+ + H+ + e−).



Kapitel 3

Impulsspektroskopie von atomaren

und molekularen Ionen

Der in dieser Arbeit genutzte Ionenstrahlapparat erlaubt die Impulsspektroskopie der ionischen
und neutralen Fragmente nach Laserinteraktion von atomaren Ionen und Molekülionen. Die
nuklearen Fragmente können in Koinzidenz detektiert und somit ihre Impulse aus der Flugzeit
und dem Auftre�ort auf dem Detektor rekonstruiert werden. Die Erzeugung von Ionen in einer
Ionenquelle ermöglicht den Zugang zu fundamentalen Systemen wie He+ (siehe Kap. 4) und
H+

2 [12] sowie exotischen Molekülen wie HeH+ (siehe Kap. 6).

3.1 Einleitung

In diesem Kapitel wird die in dieser Arbeit genutzte Technik vorgestellt, die für die impuls-

aufgelösten Untersuchungen der Interaktion von Ionen und ionischen Molekülen mit einem

intensiven Laserfeld verwendet wird. Während sehr viele Starkfeldexperimente mit neutralen

Atomen oder Molekülen in der Literatur zu �nden sind, gibt es nur eine überschaubare Anzahl

von vergleichbaren Experimenten mit Ionen oder geladenen Molekülen.

Frühe Untersuchungen von geladenen Molekülen wie für H+
2 und Ar+2 mit intensiven La-

serpulsen wurden von Figger, Hänsch et al. in München [57; 58] und von Williams et al. in
Groÿbritannien [59] durchgeführt. Später gab es auch in anderen Arbeitsgruppen weitere Ex-

perimente mit ionischen Molekülen [60; 61; 62; 63; 64] und für positive und auch negative

atomare Ionen [65; 66; 67].

In den letzten Jahren wurde im Labor der Arbeitsgruppe Nichtlineare Optik in Jena eine Io-

nenstrahlapparatur für die Untersuchung von ionischen Targets mit Few-Cycle-Laserpulsen [12]

und Laserpulsen mit hohen Intensitäten in Betrieb genommen [68]. Die in dieser Arbeit vor-

gestellten Experimente (siehe Kap. 4, Kap. 5.2 und Kap. 6) basieren auf der Nutzung und

Weiterentwicklung dieses Aufbaus.

Mit dieser Ionenstrahlapparatur können die Impulsverteilungen der ionischen und neutralen

Fragmente gemessen werden, die in der Photoionisation oder Photodissoziation von Ionen

oder geladenen Molekülen im Feld eines intensiven Laserpulses entstehen. Die zeit- und posi-

tionsaufgelöste Koinzidenzdetektion erlaubt die Rekonstruktion des vollen dreidimensionalen

Impulses aller nuklearen Fragmente. Schwache elektrostatische transversale und longitudinale

Felder ermöglichen die Separation verschiedener Ladungszustände in der Flugzeit und dem

14
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detektierten Auftre�ort. Damit können neben dem Ladungszustand auch der Impuls der Io-

nen, und bei der Fragmentation von Molekülen der Kinetic-Energy-Release (KER) sowie die

Ausrichtung ermittelt werden.

Der experimentelle Aufbau der Ionenstrahlanlage besteht aus folgenden Abschnitten:

1. Erzeugung und Präparation eines Ionenstrahls aus einer Ionenquelle

2. Bereitstellung und Fokussierung intensiver Laserpulse

3. Interaktion von Ionenstrahl und fokussierten Laserpulsen

4. Detektion der ionischen und neutralen Fragmente mit einem zeit- und positionsemp-

�ndlichen Detektor.

Eine schematische Abbildung der verschiedenen Elemente ist in Abb. 3.1 dargestellt.

Ionenquelle

Wienfilter

Einzellinse

Deflektoren

Deflektoren Blenden

Ladungsaustauschzelle

Deflektoren Detektor

Fokkussierter 
Laserstrahl

Ionenspektrometer

Abbildung 3.1: Schematischer Aufbau des Ionenstrahlapparates zur Impulsspektroskopie von

atomaren und molekularen Ionen.

3.2 Erzeugung eines Ionenstrahls

Zur Erzeugung des Ionenstrahles kommt eine Duoplasmatron-Ionenquelle zum Einsatz [69; 70].

Im Duoplasmatron können Ionenströme von atomaren Ionen von Edelgasen und molekulare

Ionen wie H+
2 , HD

+, HeH+ [13] oder Ar+2 [71] erzeugt werden.

Ein Potential von ca. 300V zwischen einer Hohlkathode und einer Anode ionisiert das Gas in

der Ionenquelle (siehe Abb. 3.2 (a)). Das in dieser Hohlkathodenentladung ausgebildete Plas-

ma wird durch das elektrische Feld einer Zwischenelektrode und das magnetische Feld eines

Elektromagneten komprimiert [72; 73]. Die Anordnung und Wahl der Materialien (Zwischen-

elektrode aus Weicheisen) ist wichtig für die Stärke des Magnetfeldes (bis zu 0,7 T), welches

die Aufgabe hat, das Plasma auf die Emissionsö�nung zur Extraktion der Ionen in der Anode

zu fokussieren.

Die Beschleunigung von Elektronen und Ionen in der Hohlkathodenanordnung führt zu einer

starken Abnutzung der Elektroden. Das dabei frei werdende Material kann sich ablagern und

zur Blockade der Extraktionsö�nung führen. Für die Anode und die Hohlkathode hat sich

daher Wolfram als langlebigstes Material herausgestellt. Über eine Potentialdi�erenz von 5-

10 kV zur Extraktionselektrode hinter der Anode wird aus dem Plasma ein kontinuierlicher

Ionenstrom durch eine Emissionsapertur in der Anode (150 - 300µm) extrahiert.
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Der Druck in der Ionenquelle muss zum Zünden der Hohlkathodenentladung auf ca. 10−1 mbar

erhöht werden. Nach dem Start der Entladung wird nur ein geringer Ionenstrom emittiert.

Erst durch Absenken der Gaszufuhr wird das Plasma der Gasentladung in Richtung der

Emissionsö�nung verschoben und es können höhere Ionenströme extrahiert werden [69]. Je

niedriger der Druck, desto höher wird der extrahierbare Ionenstrom, aber umso gröÿer ist

die Wahrscheinlichkeit für Überschläge in der Entladungskammer. Vor allem nach der Start-

phase treten häu�ger Überschläge auf, die auch zum Abbruch der Entladung führen können.

Um ein Ionisationsexperiment zu starten, muss ein stabiler Zustand der Ionenquelle erreicht

werden, der sich nach etwa 10 Stunden einstellt. Im Betrieb reduziert sich der Druck in der

Duoplasmatron-Ionenquelle nach einer Startphase auf ca. 10−2 mbar. In der Kammer nach der

Extraktion der Ionen aus der Hohlkathodenentladung herrscht aufgrund einer di�erentiellen

Pumpstufe ein Druck von ca. 10−7 mbar.

Nach der Extraktion wird der Ionenstrahl durch ein System von drei elektrostatischen Einzel-

linsen kollimiert, um einen Ionenstrahl geringer Divergenz und hoher Ionendichte zu formen

(siehe Abb. 3.2 (b)). Die Positionierung des Ionenstrahls geschieht über drei, an unterschied-

lichen Positionen in der Anlage be�ndlichen Systemen von elektrostatischen De�ektoren, die

aus jeweils zwei senkrecht zueinander ausgerichteten Paaren von De�ektorplatten bestehen.

Die verschiedenen von der Quelle erzeugten Ionenspezies und Ladungszustände werden mit

Hilfe eines Wien�lters (Dreebit: Massen und Ladungsau�ösung >20 bei 5 kV) mit einer Aper-

tur von 1mm selektiert. Um einen transversal kalten Ionenstrom homogener Dichte zu er-

halten, dienen zwei Blendensysteme aus jeweils vier verschiebbaren Platten. Der Abstand

der beiden Blendensysteme beträgt 132 cm. Mit Hilfe der Blenden kann die Strahlform so-

wie -durchmesser eingestellt werden. Zur korrekten Positionierung des Ionenstrahls wird die

Abbildung des Ionenstrahls auf einen Phosphorschirm genutzt.

Die gesamte Ionenstrahlanlage besteht aus mehreren di�erentiell gepumpten Ultrahochvaku-

umkammern. Jede Kammer wird durch ölfreie, magnetisch gelagerte Turbopumpen gepumpt

und zusätzlich gegebenenfalls bei 120◦C ausgeheizt. In der Ionenquelle ist der Druck ver-

gleichsweise hoch und muss auf ein sehr gutes UHV von 10−10 mbar in der Detektorkammer

abgesenkt werden, um das Hintergrundsignal auf dem Detektor zu reduzieren. Dies entsteht

durch laserinduzierte Ionisation der Gasteilchen im Vakuum, welches bei 10−10 mbar eine Teil-

chendichte von ungefähr 105 cm−3 aufweist. Im Vergleich zu dem Ionenstrahl (≈ 105 cm−3)

hat das Hintergrundgas damit die gleiche oder, abhängig von der Ionenspezies, sogar eine

höhere Teilchendichte als der Ionenstrahl, dem eigentlichen Target des Experimentes (siehe

Kap. 3.6).

Durch Kollision der schnellen Ionen des Ionenstrahls mit Restgasatomen wird über Elektro-

neneinfangprozesse der geladenen Ionen ein neutraler Atomstrahl erzeugt. Um diesen E�ekt

zu minimieren, muss das Aufkommen von Restgasatomen auf der gesamten Flugstrecke des

Ionenstrahls reduziert werden. Jedoch kann dieser Neutralisationsprozess durch den Einbau

einer Ladungsaustauschzelle in die Ionenstrahlapparatur (siehe Abb. 3.2) gezielt verstärkt wer-

den, sodass ein Strahl neutraler Atome mit ausreichender Dichte entsteht, um die Interaktion

von neutralen Teilchen mit Laserstrahlung zu untersuchen (siehe Kap. 5.2.2).
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Abbildung 3.2: Duoplasmatron-Ionenquelle: (a) Anordnung der Elektroden: Zwischen Hohl-

kathode und Anode wird eine Potentialdi�erenz von 300V angelegt. Die Zwischenelektrode

erzeugt ein zusätzliches elektrostatisches Feld zur Kompression des Plasmas. Die Extrakti-

onselektrode liegt auf Erdpotential (Abb. aus [74]), (b) Schematischer Aufbau der genutzten

Ionenquelle: Hohlkathode(1), Zwischenelektrode(2), Anode(3), Elektromagnet(4), Extrakti-

onselektrode(5), Einzellinse(6), De�ektoren(7), Gaseinlass(8), Kühlkörper aus Kupfer(9), Ke-

ramikelemente(10), Keramikkugeln(11), Flansch mit elektrischen Durchführungen(12) und

Flansch zur Halterung der Entladungskammer(13).

3.3 Laser und Laseroptik

Für die in dieser Arbeit vorgestellten Experimente wurden die Laserpulse des Thales-Laser-

systems verwendet (siehe Anhang. 8.3.1). Zur Fokussierung des Laserstrahls in die Interakti-

onskammer kam eine 90◦-o�-axis-Parabel mit einer e�ektiven Fokuslänge von 150mm zum

Einsatz. Die Fokusgröÿe und -form wurden mit einer Kamera untersucht, auf die der Laser-

fokus mit Hilfe eines Klappspiegels abgebildet wurde. Der minimal erreichbare Strahldurch-

messer beträgt ca. 10±2µm. Verluste an Transmissions- und Re�exionsoptiken tragen zur

Verminderung der Pulsenergie bei, die für die Laserwechselwirkung im Target zur Verfügung

steht. Für 800 nm können Spitzenintensitäten von bis zu ≈ 1·1017 W/cm2 erreicht werden.

Eine wichtige Messung für Starkfeldexperimente ist die Charakterisierung der Intensitätsab-

hängigkeit der untersuchten Prozesse. Dabei ist eine kontinuierliche Veränderung der Inten-

sität ohne Veränderung anderer Parameter wie Pulsdauer oder Spektrum nötig. Dies kann

durch eine Abschwächung der Pulsenergie erreicht werden, indem z.B. eine Halbwellenplat-

te vor einem breitbandigen Polarisator rotiert wird. Eine andere Möglichkeit besteht darin,

die Position des Laserfokus relativ zur Position des Targets zu verändern [75]. Diese Metho-

de hat den Vorteil, dass für geringere Intensitäten das aktive Volumen der Laser-Materie-

Wechselwirkung erhöht wird und damit im Vergleich zu anderen Methoden höhere Zählraten

bei niedrigen Intensitäten erreicht werden.

3.4 Interaktionszone und Strahlüberlagerung

In der Interaktionszone kreuzen sich Ionen- und Laserstrahl genau senkrecht zueinander. Die

Überlagerung des Laserfokus mit einem Durchmesser von etwa 10µm mit dem Ionenstrahl,

der etwa eine Querschnitts�äche von circa 0,16mm2 aufweist, erfordert eine präzise Ausrich-

tung beider Strahlen sowie eine Möglichkeit, ihre Position zueinander im Raum zu bestimmen.
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Um die Überlagerung zu gewährleisten, werden beide Strahlen auf eine Metallspitze, die in

die Interaktionskammer gefahren wird, ausgerichtet [76]. Gelingt gleichermaÿen die Abbildung

der Spitze mit dem Ionenstrahl, beobachtbar auf dem Phosphorschirm, und die Abbildung

der Spitze mit dem Licht des Laserstrahls, dann stimmen die Positionen der beiden Strahlen

hinreichend überein, um die Überlagerung über die Zählrate ionisierter Partikel weiter zu op-

timieren. Dazu wird der Fokus über die mögliche Ausdehnung des Ionenstrahls automatisiert

verfahren und die detektierte Rate ausgewertet.

Das Signal einer Photodiode stellt das vom Laserpuls ausgelöste Triggersignal zur Verfügung,

welches auch dazu genutzt wird, um den Ionenstrahl mit der Periode der Laserrepetitionsrate

abzulenken, sodass der Ionenstrahl nur einige µs um die Ankunftszeit des Laserpulses in der

Interaktionszone präsent ist. An die De�ektorplatten wird eine Spannung angelegt, die den

Ionenstrahl die übrige Zeit ablenkt. Dies reduziert die Belastung des Detektors durch auf den

Detektor gestreute Ionen erheblich.

Die Interaktion von Laserpuls und Ionen �ndet in einem longitudinalen elektrostatischem Feld

eines Spektrometers statt (siehe Abb. 3.3) [77]. Es ermöglicht, die Ionen in Abhängigkeit der

Ladungsänderung, die die Ionen in der Laserinteraktion erfahren haben, in der Zeit zu sepa-

rieren. Das Spektrometer besteht aus mehreren durch Widerstände verbundenen ringförmigen

Edelstahlplatten, die senkrecht zum Ionenstrahl ausgerichtet sind. Die beiden Ringe am Ein-

gang und Ausgang liegen auf Erdpotential, während an die Ringe, die die Interaktionszone

begrenzen, eine Spannung von Us= 100V - 300V angelegt ist.

Das durch die angelegte Spannung erzeugte longitudinale Feld beschleunigt die in das Spek-

trometer eintre�enden Ionen der Ladung q bis zum Interaktionspunkt um qUs. Nicht vom

Laserfeld ionisierte Ionen werden bei ihrem Weg von der Interaktionszone zum Spektrome-

terausgang wieder um denselben Betrag der Potentialdi�erenz qUs abgebremst. Erfahren die

Ionen jedoch eine Änderung des Ladungszustandes oder der Masse durch Photoionisation

oder Molekülfragmentation, werden sie beim Verlassen des Spektrometers stärker abgebremst

als sie zuvor beim Eindringen beschleunigt wurden. Die Geschwindigkeitsänderung und die

Flugzeitänderung relativ zu den nicht ionisierten Ionen ist abhängig von der Ladungsänderung

sowie der Masse des Fragments. Damit können die verschiedenen, durch den Ionisationsprozess

im Laserfeld erzeugten Ladungszustände durch ihre Flugzeit identi�ziert werden.

Zusätzlich zur zeitlichen Separation durch das Spektrometer wird ebenfalls zur Separation

verschiedener Fragmente eine Aufspaltung der Ladungszustände durch schwache transversale

elektrostatische Felder in vertikaler und horizontaler Richtung nach dem Spektrometer verwen-

det (siehe Abb. 3.3). Das transversale Feld sorgt dafür, dass Fragmente mit unterschiedlichen

Ladungsmasseverhältnissen an verschiedenen Positionen auf den Detektor tre�en.

Der gekoppelte Ein�uss der longitudinalen und transversalen Felder auf die gemessenen Im-

pulsänderungen muss in der Auswertung bei der Rekonstruktion der Impulse der Fragmente

aus den gemessenen Orten und Flugzeiten beachtet werden. Dies wird durch eine Simulati-

on der Ionentrajektorien in SIMION entsprechend der jeweils verwendeten Parameter und

Geometrie sichergestellt, die für eine Korrektur in der Rekonstruktion der Fragmentimpulse

genutzt wird.
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Abbildung 3.3: Schema der Messung am Ionenstrahlapparat über longitudinale und transver-

sale Felder zur Separation verschiedener Fragmente. Unterschiedlich schwere Fragmente, z.B.

ein Proton und ein Heliumion, werden an unterschiedlichen Positionen und zu verschiede-

nen Flugzeiten detektiert. Der Ionenstrahl wird mit einem Faraday-Becher aufgefangen (Abb.

verändert nach [77]).

3.5 Detektorsystem und Auswertung

Zur Messung der Ionen nach der Interaktion mit dem Laser wird ein positions- und zeitauf-

lösender Teilchendetektor bestehend aus einer Mikrokanalplatte (MCP) und einer Delayline-

Anode (Roentdek-Anode DLD80X) verwendet (siehe Abb. 3.3). Die aktive Detektor�äche hat

einen Durchmesser von 80 mm. Die Ankunftszeit und Position jedes auf dem Detektor auf-

tre�enden Teilchens wird in Koinzidenz mit dem Triggersignal des Laserpulses registriert und

digitalisiert. Der Delayline-Detektor erlaubt die simultane Positionsrekonstruktion von zwei

Ereignissen, auch wenn sie zeitlich nur durch einen Abstand von 1 ns getrennt sind.

Die Spannungssignale der MCP und des Delayline-Detektors werden mit einem Analog-

Digital-Umsetzer der Firma Roentdek [78] (2-8 Kanäle mit je 8 bit und einer Datenrate zwi-

schen 1,25GS/s und 5GS/s) digitalisiert und über USB ausgelesen. Die Aufnahme und die

ersten Auswertungsschritte der Messdaten erfolgen mit der Software �Cobold� von Roentdek.

Die Daten werden exportiert und in Matlab weiter ausgewertet. Es werden zeitliche und

räumliche Filter zur Selektion der realen Ereignisse aus dem Untergrundrauschsignal sowie

zur Unterscheidung der verschiedenen Ladungszustände eingesetzt. Aus der Flugzeit und der

Auftre�position auf dem Detektor erfolgt die Berechnung der drei Impulskomponenten jedes

detektierten Teilchens.

Der Abstand zwischen Ionen-Laser-Interaktion und Detektor wird so gewählt, dass die Auf-

tre�punkte der zu messenden Fragmente einerseits eine möglichst groÿe Ausdehnung auf dem

Detektor einnehmen und andererseits keine Fragmente den Detektor verfehlen. Daher wird

die Länge der Flugstrecke entsprechend der Impulse der Fragmente nach der Laserinteraktion

sowie der Masse und Beschleunigungspannung der Ionen gewählt.

Die Impuls- und Energieau�ösung der Messung hängt von vielen Parametern ab. Dazu gehören

wie schon erwähnt die Geschwindigkeit und Masse der Fragmente, die Beschleunigungsspan-

nung, die transversale und longitudinale Anfangsgeschwindigkeitsverteilung der Ionen, der

Abstand zwischen Interaktionskammer und Detektor sowie die Au�ösung des Detektors (sie-

he auch [63; 76; 79]). Das Detektorsystem kann eine räumliche Au�ösung von unter 100µm
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und eine zeitliche Au�ösung von unter 100 ps erreichen.

Der primäre Ionenstrahl wird mit einem Faraday-Cup mit einem Durchmesser von 2mm vor

dem Detektor aufgefangen (siehe Abb. 3.3), um eine Überlastung des Detektors zu verhindern.

Nur die ionisierten Ionen tre�en aufgrund der transversalen Ablenkung den Detektor.

3.6 Targetdichte und Zählraten

Die Ionenstrahldichte ρ kann abgeschätzt werden mit

ρ =
I

Aq

√
m

2qUacc
, (3.1)

wobei A die Ionenstrahlquerschnitts�äche, I den Ionenstrom, Uacc die Beschleunigungsspan-

nung,m die Masse und q den Ladungszustand der Ionen bezeichnen. Für typische Experimente

sind die Werte A ≈ 0.25 mm2, I ≈ 2 nA und es ergibt sich ρ ≈ 2 ·105 Atome/cm3. Die Target-

dichte ist limitiert durch die Emissionscharakteristik der Ionenquelle und die für die Fokussie-

rung verwendete Ionenoptik. Raumladungse�ekte auf Grund von Coulomb-Wechselwirkung

werden erst für deutlich höhere Targetdichten von Bedeutung.

Die Zählrate realer Ereignisse ist aufgrund der geringen Ionendichte sehr klein und liegt in der

Gröÿenordnung von 0,01−10Hz bzw. 10−5−10−2 pro Laserpuls. Dies limitiert die Statistik,

die in Experimenten eines Ionenstrahls in der Interaktion mit Laserpulsen erreicht werden

kann. Die Dauer einer einzelnen Messung beträgt daher ein bis mehrere Tage und stellt sehr

hohe Anforderungen an die Stabilität der Ionenquelle und des Lasersystems.

Die geringe Dichte erfordert eine aufwendige Justage und Optimierung für jedes Experiment.

Wichtig ist die Bestimmung des Überlagerung von Laserfokus und Ionenstrahl, wobei die

Position des Laserfokus automatisiert variiert und die Zählrate ausgewertet wird. Aufgrund

der Ereignisraten sind allein für diese Optimierung mehrere Stunden notwendig.

Es wurden verschiedene Möglichkeiten getestet, wie die Dichte des Ionenstrahls erhöht wer-

den kann, z.B. durch Pulsen der Entladungs- oder Extraktionsspannung der Ionenquelle. Es

gelang jedoch nicht höhere Ionenströme zu erzeugen, die auch die benötige Strahlqualität zur

Kollimierung der Ionen und eine gute zeitliche Stabilität besitzen.

Diese für Ionenstrahlen erreichbaren Targetdichten stehen in starkem Kontrast zu den Dich-

ten, die für neutrale Atome oder Moleküle in Gasphase realisiert werden können. Darauf

beruht die überwiegende Mehrheit der Starkfeldexperimente, die andere Techniken zur Im-

pulsspektroskopie wie Velocity-Map-Imaging [80] oder Cold Target Ion Recoil Mass Spec-

troscopy (COLTRIMS) [81; 82] einsetzen. Mit den dabei verwendeten Gasjet lassen sich um

Gröÿenordnungen höhere Targetdichten generieren, bis zu 3·1011 Atome/cm2 [81].

3.7 Vergleich mit anderen Techniken

Eine wichtige Technik zur Messung der Fragmentimpulse nach Starkfeldionisation von neutra-

len Atomen [83; 84; 85] oder Molekülen [86; 87] ist Cold Target Ion Recoil Mass Spectroscopy

(COLTRIMS) [81; 82]. Ergebnisse einer COLTRIMS-Messung werden auch in Kap. 5.3 dieser

Arbeit diskutiert.

In einem COLTRIMS-Experiment können Atome oder Moleküle aus einem kalten Gasjet von

einem Laserpuls ionisiert werden. Elektrische und magnetische Felder lenken die Fragmente,
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die freigesetzten Elektronen sowie die Ionen, zu zwei gegenüberliegenden Detektoren, die eine

Koinzidenzdetektion der Fragmente ermöglichen. Aus den Flugzeiten und dem Auftre�punk-

ten lassen sich die Richtungen und Geschwindigkeiten der Teilchen bestimmen [82].

COLTRIMS hat einige Gemeinsamkeiten mit der hier beschriebenen Methode zur Impulss-

pektroskopie an der Ionenstrahlapparatur. So kommt der gleiche zeit- und ortsemp�ndliche

Detektor zum Einsatz, der eine Koinzidenzdetektion verschiedener Fragmente erlaubt. Um

sicherzustellen, dass die in Koinzidenz detektierten Fragmente aus demselben Molekül oder

Atom stammen, muss die Anzahl der Ereignisse pro Laserpuls in der Gröÿenordnung von eins

gehalten werden. Dies wird im Falle eines ionischen Targets bereits durch die Ionenstrahldichte

gewährleistet (siehe Kap. 3.6).

O�ensichtlicher Unterschied zwischen beiden Techniken ist die Bescha�enheit des Targets. Für

COLTRIMS sind die zu untersuchenden Systeme auf neutrale bzw. gasförmige Atome oder

Moleküle beschränkt, während mit dem Ionenstrahlaufbau nur Ionen oder durch Neutralisa-

tion von Ionen gewonnene Atome oder Moleküle untersucht werden können (siehe Kap. 5.2).

Aus den unterschiedlichen Targets leitet sich ein wesentlicher Unterschied für die erreichbaren

Targetdichten ab, wie in dem vorangegangen Kapitel diskutiert wurde.

Für die Untersuchung von Molekülionen ergibt sich eine wesentliche Besonderheit bei der Nut-

zung eines Ionenstrahls. Die Verteilung der Vibrationszustände des Moleküls in der Wechsel-

wirkung mit dem Laserpuls bleibt aufgrund der Flugzeit von einigen Mikrosekunden nach der

Erzeugung in der Ionenquelle erhalten, allerdings sind die Vibrationszustände untereinander

nicht kohärent. Dies ist ein wichtiger Unterschied zu dem Fall, dass das Molekülion, z.B. H+
2 ,

über Ionisation des neutralen Moleküls aus der Gasphase in demselben Laserpuls, der danach

die Fragmentation untersucht, erzeugt wird.

Weitere Unterschiede treten in der Detektion der Fragmente auf. Im Gegensatz zu Experimen-

ten mit COLTRIMS können mit dem Ionenstrahl nicht nur die ionischen, sondern aufgrund

der hohen Anfangsgeschwindigkeit des Ionenstrahls auch die neutralen Fragmente detektiert

werden. Dies ermöglicht für die Untersuchung von Molekülreaktionen, wie z.B. der Fragmen-

tation von H+
2 [12], die Unterscheidung verschiedener Zerfallskanäle.

Andererseits können mit dem in dieser Arbeit genutzten Ionenstrahlaufbau nicht die Elek-

tronen nach der laserinduzierten Ionisation gemessen werden, wie es aufgrund der speziellen

Anordnung von zwei Detektoren für COLTRIMS der Fall ist.

Im Prinzip ist auch für Ionenstrahlen die Detektion der Ionen und Elektronen in Koinzidenz

möglich, wie von Odenweller et al. [64] demonstriert wurde. Wenn die Informationen von drei

verschiedenen Delayline-Detektoren kombiniert werden, kann mit einem Ionenstrahlaufbau

die gleiche Information aufgenommen werden, wie sie für die Ionisation von neutralen Atome

in COLTRIMS-Experimenten zur Verfügung steht.

Da Ionen- und Elektronenimpulsspektren aufgrund der Impulserhaltung den fast identischen

Informationsgehalt [88] aufweisen, kann die Messung der Ionen ausreichen, um den Ionisati-

onsprozess zu untersuchen. Im Fall der sequentiellen Mehrfachionisation ist es möglich, den

Impuls der Elektronen, die in den Einzelionisationschritten emittiert wurden, zu rekonstruie-

ren [68].



Kapitel 4

Das He+-Ion in starken Laserfeldern:

Das adiabatische Limit der

Tunnelionisation

Um ein besseres Verständnis des quantenmechanischen Tunnelprozesses zu erlangen und ins-
besondere die Frage nach einer Tunnelzeit zu klären, wurden in dieser Arbeit Experimente
zur Ionisation des einfach geladenen Heliumions mit der Attoclock-Methode durchgeführt. Die
Nutzung des He+-Ions ermöglicht es, die Tunnelionisation an einem Einelektronensystem und
näher am Idealfall des quasistatischen Tunnelregimes zu untersuchen, welches durch einen
geringen Keldysh-Parameter charakterisiert wird.

4.1 Über das Verständnis des Tunnele�ekts

Der Tunnele�ekt ist einer der grundlegendsten Phänomene der Quantenmechanik und wurde

in den 1920er Jahren erstmals beschrieben [89]. Er bezeichnet die Fähigkeit von quanten-

mechanischen Teilchen, klassisch verbotene Gebiete zu durchqueren, indem sie durch eine

Potentialbarriere hindurchtunneln.

Dieser E�ekt kann in allen quantenmechanischen Systemen auftreten. Das Verständnis von

Tunnelprozessen ist für viele grundlegende physikalischen Phänomene wie Radioaktivität [90]

und Nukleosynthese, Molekülspektren oder der Elektronenemission von Metallober�ächen [91]

wichtig.

Zum Tunnelvorgang gibt es kein klassisches Analogon. Im Gegensatz zu klassischen Teilchen

haben Wellenfunktionen, die die Aufenthaltswahrscheinlichkeiten von quantenmechanischen

Teilchen beschreiben, eine ausgedehnte Verteilung. Tri�t ein quantenmechanisches Teilchen

auf eine Barriere, reicht die Wellenfunktion durch den klassisch verbotenen Bereich bis auf

die andere Seite der Barriere, während ein Teil der Wellenfunktion vor der Barriere gebunden

bleibt (siehe Abb. 4.1).

Seit den Anfängen der Quantenmechanik haben grundsätzliche Fragen zum Verständnis des

Tunnele�ektes groÿe Aufmerksamkeit erregt, wobei die wichtigste Fragestellung lautet: Wie

viel Zeit benötigt ein tunnelndes Teilchen für die Bewegung durch die Barriere? Oder ist der

Tunnelvorgang instantan?

22
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Abbildung 4.1: Quantenmechanisches Tunneln durch eine Barriere: Die quantenmechanische

Wellenfunktion erstreckt sich in den Bereichen in und hinter dem klassisch verbotenen Gebiet

(Abb. nach [92]).

Seit MacColls erstem Versuch im Jahr 1932, diese Frage zu beantworten [15], gibt es eine

kontroverse und anhaltende Diskussion [93; 16; 94].

Dabei ist ein grundlegendes Problem, dass in der Quantenmechanik kein gut de�nierter Zeit-

operator existiert [95]. Vielmehr ist die Zeit ein Parameter und keine beobachtbare Gröÿe [96],

sodass eine Vielzahl von verschiedenen Konzepten für eine Tunnelzeit entwickelt wurden [93;

92; 17; 97].

Die Aussagen über eine Tunnelzeit hängen daher stark von der verwendeten De�nition ab und

spiegeln verschiedene physikalische Aspekte des Prozesses wider, was zu Unterschieden in der

physikalischen Interpretation führen kann [16; 98]. So wurde in diesem Zusammenhang schon

die Frage diskutiert, ob Tunneln der speziellen Relativitätstheorie widerspricht [99; 100; 92].

Eine der De�nitionen einer Tunnelzeit beruht auf der Idee einer durchschnittlichen Verweil-

dauer (engl. �resident time� oder �dwell time�) eines Teilchens innerhalb der Barriere. Dies

kann als Interaktionszeit des tunnelnden Teilchens mit der Barriere verstanden werden und

entspricht dem Konzept der Büttiker-Landauer-Zeit [91]. Sie ist die Zeit, die in der Barrie-

renregion verbracht wird, gemittelt über alle eingehenden Partikel, unabhängig davon, ob ein

Partikel transmittiert oder re�ektiert wird [92].

Eine andere De�nition bezeichnet die Zeit, während der das tunnelnde Partikel tatsächlich die

Barriere durchquert (engl. �passage time� oder �traversal time�). Auf diesem Konzept beruht

eine der am meisten akzeptierten De�nitionen, die Eisenbud-Wigner-Smith-Zeitverzögerung,

kurz Wigner-Zeit. Sie verknüpft die Phasenverschiebung, die ein Wellenpaket durch die Inter-

aktion mit einem zeitabhängigen Potential erhält, mit der Tunnelzeit [101]. Die Wigner-Zeit

entspricht damit der asymptotischen Abweichung der Position des Maximums eines Wellen-

pakets von einem entsprechenden klassischen Weg [98].

Neben den zahlreichen theoretischen Konzepten stellt sich die Frage, wie der Tunnele�ekt

und die damit verbundene Gröÿe der Tunnelzeit auch experimentell untersucht werden kann.

Eine geeignete Möglichkeit stellen Experimente zur Tunnelionisation von Atomen in starken

Laserfeldern dar [16]. Das Feld eines intensiven Laserpulses deformiert das Bindungspotential

eines Atoms so stark, dass eine Potentialbarriere entsteht, durch die ein Elektron tunneln

kann und dadurch das Atom ionisiert (siehe Kap. 2.1).

Dieser Ionisationsprozess beruht auf der Tunnelionisation durch eine oszillierende Barriere,

die von Keldysh vor fast 50 Jahren vorgeschlagen wurde [5]. Auf Grundlage einer möglichen

De�nitionen der Tunnelzeit entwickelte Keldysh einen Parameter, um den Grad der Adiaba-

tizität der Ionisation zu beschreiben (siehe Kap. 2.1). Die Tunnelzeit von Keldysh ist die Zeit,

die ein klassisches Teilchen für die Durchquerung der Barriere benötigen würde, und ist damit
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ein Spezialfall der Büttiker-Landauer-Zeit [91; 17]. Dieser Begri� der Tunnelzeit entspricht je-

doch nicht einer Verzögerung im Sinne einer realen Zeit, die ein Elektron bei dem Durchlaufen

der Barriere benötigt [17], sondern ist eine imaginäre Zeit, die den Abfall der elektronischen

Wellenfunktion unter der Barriere beschreibt [102].

Durch die Entwicklung leistungsfähiger Laserquellen ist es heute möglich, Laserpulse mit

sehr kurzer Pulsdauer auf sehr hohe Intensitäten zu fokussieren, bei denen die von Keldysh

beschriebene Tunnelionisation von Atomen beobachtet werden kann. Da die Tunnelionisation

grundlegend für die Starkfeld- und Attosekundenphysik ist [4], wurde sie experimentell und

theoretisch intensiv untersucht. Allerdings sind Grundsatzfragen über die Tunnelzeit weiterhin

ungelöst [103; 17].

Um diese Fragen zu klären, sollte die Ionisation im Tunnelregime und an einem sehr einfachen

System, wie einem Atom mit nur einem Elektron, untersucht werden. Da die Schrödinger-

Gleichung für ein Atom im Laserfeld nur für Einelektronensysteme separierbar ist, sind sie

wichtige Testsysteme für die Theorie der Starkfeldionisation. Für diese Systeme können Expe-

rimente aber auch approximative Theorien (siehe Kap. 2.2) direkt mit numerischen Lösungen

der zeitabhängigen Schrödinger-Gleichung verglichen werden [14].

Gegenstand der vorliegenden Arbeit sind daher Experimente zur laserinduzierten Tunnelioni-

sation des Heliumions, welches ein Einelektronensystem mit der doppelten Ladung des Was-

sersto�atoms darstellt und eine Untersuchung nahe am quasistatischen Idealfall der Ionisation

ermöglicht (siehe Kap. 4.4.1).

4.2 Die Attoclock zur Untersuchung des Tunnele�ekts

Ein Ansatz zur Bestimmung der Tunnelzeit in der Starkfeldionisation von Atomen ist die

sogenannte Attoclock-Technik [83; 103; 104; 85; 17]. Die Idee der Attoclock beruht darauf,

dass der rotierende elektrische Feldvektor eines zirkular bzw. elliptisch polarisierten Laser-

pulses ähnlich wie die Zeiger einer Uhr zur Bestimmung der Zeit in einem Ionisationsprozess

genutzt wird. Wie bei einer Uhr unterscheidet man dabei zwischen einem Stundenzeiger und

einem Minutenzeiger für die Angabe der Zeit auf einer groben und einer feinen Skala. Die-

ses Prinzip der Zeitnahme in der Starkfeldionisation wurde zuerst von Maharjan et al. für
Ionisationsexperimente mit Argon- und Neonatomen diskutiert [83].

Unabhängig vom Polarisationszustand des Laserfeldes gilt, wird ein Elektron zum Zeitpunkt t0
durch Tunnelionisation aus seinem Atom befreit, erscheint es näherungsweise mit verschwin-

denden Anfangsimpuls p0 ≈ 0 im Laserfeld (siehe Kap. 2.7). Danach wird das Elektron im

Laserfeld beschleunigt und weist nach dem Laserpuls einen Driftimpuls p = −A(t0) auf, der

dem Vektorpotential zum Ionisationszeitpunkt t0 entspricht (siehe Gl. 2.16). Im Vergleich zu

linear polarisierten Laserfeldern führt dieser Zusammenhang in elliptisch oder fast zirkular

polarisierten Laserfeldern zu einigen Besonderheiten.

So steigt für Pulse mit zirkularer Polarisation die Amplitude des elektrischen Feldes gleichmä-

ÿig auf das Maximum des Laserpulses an. Der Impuls aus dem Vektorpotential zum Ionisati-

onszeitpunkt t0 beträgt damit p = −A(t0) ≈ −E(t0)/ω und ist proportional zur Ionisations-

feldstärke und umgekehrt proportional zur Kreisfrequenz der Laserpulse. Daher gibt bei einer

Messung der Betrag des Driftimpulses p Aufschluss über den Ionisationszeitpunkt auf der

Skala der Einhüllenden des Laserpulses mit einer gegebenen Pulsdauer (siehe Abb. 4.2 (a)).

Dies de�niert den Stundenzeiger der Uhr [104].
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Abbildung 4.2: Prinzip der Messung von Tunnelzeiten mit elliptischer Polarisation (Attoclock-

Technik): (a) Der Radius der gemessenen Impulsverteilung gibt Information über den Ionisa-

tionszeitpunkt innerhalb der Einhüllenden des Laserpulses (�Stundenzeiger� der Attoclock).

(b-c) Die Winkelverteilung der Impulse enthält Informationen über den Ionisationszeitpunkt

innerhalb eines Laserzyklus (�Minutenzeiger � der Attoclock). In Messungen ist das Maximum

der Verteilung um den Winkel θmax gegenüber den Achsen der Polarisationsellipse verdreht,

während Simulationen auf Basis des Simple-Man-Modells keine Verdrehung zeigen (θmax=0◦).

(d) Das Laserfeld verformt das Coulomb-Potential des Atoms und ermöglicht die Tunnelioni-

sation durch die Barriere, die durch Kombination des Coulomb-Potentials mit dem Laserfeld

gebildet wird. (e) Die Ionisationswahrscheinlichkeit folgt der Amplitude der elektrischen Feld-

stärke. Eine Verschiebung der Ionisation um eine hypothetische Tunnelzeit ∆t bedeutet, dass

das Elektron zu einer späteren Phase im Laserfeld erscheint. (f) Für zirkular bzw. elliptisch

polarisierte Laserfelder entspricht die Verschiebung um ∆t innerhalb des Laserzyklus einer

Änderung des Emissionswinkels um ∆θ gegenüber einer nicht verzögerten Emission. (g) Die

Emissionsrichtung wird auf den Impuls des Elektrons nach der Ionisation in einem elliptisch

polarisierten Laserpuls übertragen und kann zur Rekonstruktion der Ionisationsdynamik ge-

nutzt werden.
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Die einemMinutenzeiger entsprechende Information wird über die Richtung des Elektronenim-

pulses ep = p/|p| gewonnen (siehe Abb. 4.2(b-g)). In erster Näherung erfolgt eine Beschleuni-

gung des Elektrons in Richtung des Vektorpotentiales zum Ionisationszeitpunkt −A(t0). Das

elliptisch polarisierte Vektorpotential rotiert genau wie das entsprechende elektrische Feld

über 360◦ in einer Periode des Laserfeldes, die für die Laserwellenlänge von 800 nm eine Zeit-

dauer von 2,7 fs einnimmt. Eine Messung des Elektronenemissionswinkels mit einer Au�ösung

von 1◦ ermöglicht dann theoretisch die Messung der Ionisationszeit mit einer Au�ösung von

7,5 as innerhalb eines Laserzyklus.

Diese Auswertung ist nur für elliptisch und nicht für zirkular polarisierte Felder sinnvoll, da

im Fall zirkularer Polarisation die Winkelverteilungen eine perfekte Symmetrie besitzen und

somit kein Referenzwinkel de�niert werden kann. Für elliptische Polarisation beschreibt der

Feldvektor jedoch eine Ellipse, sodass die Hauptachse der Polarisationsellipse eine Referenz

für die Richtung der maximalen Feldstärke bereitstellt.

Der Ansatz der Attoclock-Technik, eine hypothetische Tunnelzeit zu messen, basiert auf der

Analyse der Richtung der Elektronenemission in der Ionisation durch elliptisch polarisierte

Laserpulse. Das angelegte rotierende Laserfeld verformt das Coulomb-Potential des Atoms,

sodass das kombinierte Potential von Coulomb-Potential und Laserfeld eine Barriere bil-

den, durch die ein Elektron über Tunnelionisation aus dem Atom befreit werden kann (siehe

Abb. 4.2 (d)). Die Tunnelwahrscheinlichkeit folgt dabei der Amplitude des elektrischen Feldes

und daher sollte auch die maximale Elektronenemission an den Maxima der Laserfeldoszil-

lation zu erwarten sein (siehe Abb. 4.2 (e)). Dies entspricht aufgrund von p = −A(t0) einer

Elektronenemission exakt entlang der kleinen Achse der Polarisationsellipse. Ist die Emission

der Elektronen jedoch um eine Zeitdi�erenz ∆t verschoben, tritt das Elektron zu einem späte-

ren Zeitpunkt in das Laserfeld ein. Im Vergleich zu der Ionisation am Feldmaximum hat sich

die Richtung des Feldvektors dann um den Winkel ∆θ, der der Zeitdi�erenz ∆t entspricht,

weiter gedreht (siehe Abb. 4.2 (f)). Eine mögliche Tunnelzeit könnte somit über eine Rotation

der maximalen Elektronenemission um den Winkel θmax, die sich aus p = −A(t0−∆t) ergibt,

gegenüber den Achsen der Polarisationsellipse identi�ziert werden [104].

Obwohl die Idee, die Attoclock-Technik zur Bestimmung einer möglichen Tunnelzeit zu nut-

zen, auf den ersten Blick ein einfaches und einleuchtendes Konzept darstellt, gibt es zahlreiche

Aspekte zu beachten, um eine fundierte Aussage über den Ablauf des Tunnelvorgangs tre�en

zu können. Eine wesentliche Voraussetzung für die Auswertung ist die Kenntnis der Ori-

entierung der Laserpolarisation relativ zum Detektor. Da die gemessenen Änderungen des

Elektronenemissionswinkels typischerweise sehr klein sind, muss das Laserfeld, welches die

Ionisation des Targets hervorruft, sehr genau bekannt sein.

Ein wichtiger Aspekt für die Interpretation von Attoclock-Experimenten ist, dass es neben

einer Tunnelzeit zahlreiche weitere E�ekte gibt, die die experimentelle Messgröÿe des Elektro-

nenemissionswinkels beein�ussen. Diese werden in Kap. 4.4.6 im Detail erklärt. Die Ent�ech-

tung all dieser E�ekte ist nicht trivial, sodass Aussagen über eine Tunnelzeit mit Hilfe der

Attoclock-Technik nicht allein aus der Messung, sondern nur im Vergleich mit theoretischen

Simulationen, die die Beiträge aller relevanten E�ekte ermitteln, möglich sind.
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4.3 Das Rätsel der Tunnelzeit in Attoclock-Experimenten

In der Literatur existieren viele theoretischen Abhandlungen und einige experimentelle Un-

tersuchungen über die Starkfeldionisation von Atomen in elliptisch polarisierten Laserfeldern,

die zum Ziel hatten, die Fragen über eine mögliche Tunnelzeit zu beantworten. Inwieweit die

Ergebnisse der Ionisationsexperimente mit den theoretischen Ansätzen für die Tunnelzeiten

in Übereinstimmung zu bringen sind, ist noch nicht vollständig geklärt [17].

Im folgenden werden einige der wichtigsten Arbeiten und deren Ergebnisse vorgestellt.

Nach der ersten Arbeit von Maharjan et al. über die Attoclock [83], d.h. die Untersuchungen
der Ionisation von Atomen mit elliptisch polarisierten Laserpulsen, wurden die Attoclock-

Untersuchungen zur Tunnelzeit von Keller et al. geprägt [105; 104; 106; 107]. Sie stellten

in Experimenten zur Ionisation von Heliumatomen fest, dass die Tunnelionisation instan-

tan statt�ndet, und bestimmten eine obere Grenze für die Tunnelzeit von 40 as [105]. Als

wichtige Korrektur in der Emissionsrichtung des Elektrons wurde später die Interaktion des

Elektrons mit dem Coulomb-Potential des zurückbleibenden Ions ausgemacht [104]. In den

darauffolgenden Arbeiten der Gruppe um Keller et al. berichteten sie über eine nichtver-

schwindende Tunnelzeit zwischen 40 as und 120 as in einem groÿen Bereich von Intensitäten

für Helium [106; 107].

Später untersuchte eine andere Arbeitsgruppe um Camus et al. die Elektronenspektren in einer
kombinierten Messung von Krypton und Argon mit elliptischer Polarisation. Sie identi�zierten

über die Unterschiede zwischen beiden Atomen eine nichtverschwindende Tunnelzeit [108].

Mit einem anderen Ansatz untersuchten Sha�r et al. die Tunnelzeit in der Ionisation durch

Erzeugung von hohen Harmonischen (HHG) und konnten dabei keine Tunnelzeit feststel-

len [109; 110].

Zur theoretischen Beschreibung sowie zur Interpretation der Messergebnisse werden sowohl

semiklassische Simulationen für die Berechnung der Elektronentrajektorien (engl. Classical

Trajectory Monte Carlo, CTMC) als auch die Lösung der zeitabhängigen Schrödingergleichung

(TDSE) herangezogen.

Semiklassische Simulationen von Elektronentrajektorien basieren auf der Bestimmung geeig-

neter Initialbedingungen, die die quantenmechanischen Eigenschaften eines getunnelten Wel-

lenpaketes auf die Startorte, Startzeiten und Anfangsgeschwindigkeiten eines Ensembles von

Elektronen übertragen. Die Resultate und die daraus folgenden Interpretationen der CTMC-

Simulationen hängen stark von der konsistenten Wahl dieser Bedingungen ab [41].

In einer ausführlichen Analyse der Lösungen der TDSE des Wassersto�atoms in einem Atto-

clock-Laserfeld wurde von Torlina et al. auf eine instantane Tunnelionisation geschlussfol-

gert [111].

Teeny et al. fanden in eindimensionalen TDSE-Simulationen eine nichtverschwindende po-

sitive Tunnelzeit zwischen dem Maximum des elektrischen Feldes und dem Maximum der

Ionisationsrate. Sie interpretierten die Verzögerung als Reaktionszeit der Wellenfunktion, die

benötigt wird, um auf das äuÿere elektrische Feld zu reagieren [112; 113].

Zimmerman et al. verglichen verschiedene theoretische Ansätze für Tunnelzeiten und kamen

zu dem Schluss, dass die Larmor-Zeit mit experimentellen Ergebnissen von Keller et al. [106]
konsistent und somit Tunneln kein instantaner Prozess ist [114].

Eine aufschlussreiche Auswertung von Lösungen der TDSE wurde von Ni et al. entwickelt [115].
Durch eine klassische Rückpropagation der ionisierten Elektronenwellenpakte können die klas-
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sischen Initialbedingungen der Elektronentrajektorien aus TDSE-Simulationen gewonnen wer-

den. Die Ergebnisse zeigen, dass eine konsistente Beschreibung des Tunnelionisationsprozesses

für eine verschwindende Tunnelzeit möglich ist [115; 41; 116].

Viele Arbeiten identi�zieren im Zusammenhang zu Attocklock-Messungen nichtadiabatische

E�ekte in der Tunnelionisation. Nichtadiabatizität kann dabei als eine Änderung der Ionisa-

tionszeit aufgefasst werden, die zwar aus der Bewegung des Elektrons unter der Barriere folgt,

allerdings nicht eine Ionisationszeit im Sinne einer Verzögerung ist [43]. Aus einer nichtadia-

batischen Beschreibung folgt eine Korrektur der Startbedingungen des Elektrons nach dem

Tunnelvorgang (siehe Kap. 2.6) [27; 40; 117; 95; 98; 116].

In diesem Zusammenhang fällt bei Betrachtung der experimentellen Arbeiten auf, dass die Ex-

perimente für die Attoclock typischerweise auf Edelgasatome und Laserparameter bei einigen

1014 W/cm2 und 800 nm konzentriert sind (z.B. [103; 104]). Damit wird die Ionisationsdy-

namik in einem Bereich mit einem Keldysh-Parameter von γ > 1 oder γ ≈ 1 untersucht, in

dem kein klassisches Tunnelregime vorliegt und nicht eindeutig zwischen Tunnel- und Mul-

tiphotonenionisation unterschieden werden kann. Dennoch wird in den meisten Fällen eine

quasistatische bzw. adiabatische Theorie zur Interpretation herangezogen [104; 108]. Die dar-

aus folgenden Schwierigkeiten, die mit der Messung, Auswertung und Interpretation der Tun-

nelionisation im Rahmen der Attoclock-Technik verbunden sind, sind unter anderen für die

anhaltende Diskussion über die Tunnelzeit verantwortlich.

4.4 Das Helium-Ion

4.4.1 Einleitung

Um den Tunnelprozess sowohl nahe am quasistatischen Idealfall der Ionisation als auch für

ein Einelektronensystem zu untersuchen, wurde in dieser Arbeit das Heliumion für Attoclock-

Experimente ausgewählt.

Die Ionisation von Atomen in starken Laserfeldern kann anhand des Keldysh-Parameters

(siehe Kap. 2.1) in die beiden asymptotischen Grenzfälle der Multiphotonenionisation (γ � 1)

und der Tunnelionisation (γ � 1) unterteilt werden [5] (siehe Kap. 2.1). Während diese beiden

Fälle sowohl in der theoretischen Beschreibung als auch in einem intuitiven Bild gut verstanden

sind, ist der Übergangsbereich, beschrieben durch einen Keldysh-Parameter γ ≈ 1, wo der

Tunnelvorgang allmählich in die Multiphotonenionisation übergeht, schwerer zu fassen (siehe

Kap. 2.6). In diesem Fall kann die Oszillation des Laserfeldes während des Tunnelvorganges

nicht vernachlässigt werden und das Problem des Tunnelns durch eine statische Barriere wird

um den E�ekt der Nichtadiabatizität erweitert [118].

Wie im letzten Kapitel verdeutlicht, gab es in den letzten Jahren Abhandlungen, die nichta-

diabatische E�ekte in der Tunnelionisation untersuchten und den Ein�uss auf die Vermessung

etwaiger Tunnelzeiten in dem Regime γ ≈ 1 diskutierten [40; 46; 119; 116; 41; 120]. Es wurde
gezeigt, dass eine Interpretation der gemessenen Elektronenverteilungen bei Vernachlässigung

der nichtadiabatischen E�ekte auf eine nicht verschwindende Tunnelzeit führt [41].

Daher liegt es zur Untersuchung des Tunnelvorganges nahe, Bedingungen auszuwählen, die den

Ein�uss der nichtadiabatischen E�ekte minimieren. Wie oben beschrieben, ist der Keldysh-

Parameter γ ein Maÿ für die Adiabatizität [40]. Je weiter γ minimiert wird, desto mehr nähert

sich der Ionisationsvorgang dem Idealfall des quasistatischen Tunnelvorgangs an. Der Keldysh-
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Parameter berechnet sich mit der Feldstärke E, Laserfrequenz ω und dem Ionisationspotential

IP über γ = ω
√

2Ip
E (siehe Kap. 2.1). Um γ zu minimieren, kann somit die Wellenlänge oder

die Feldstärke des Laserfeldes erhöht werden.

Die Erhöhung der Feldstärke wird durch das Einsetzen der Barrier-Suppression-Ionisation be-

grenzt. Für sehr hohe Intensitäten wird das atomare Potential durch das Laserfeld so weit

nach unten gedrückt, dass die Ionisation ohne Tunneln möglich ist (siehe Kap. 2.5). Dies li-

mitiert bei fester Laserwellenlänge den minimal erreichbaren γ-Parameter. Wie eine einfache

Betrachtung zeigt, hängt γmin vom Ionisationspotential Ip des Targets ab. Wird für die ma-

ximale Intensität die Barrier-Suppression-Ionisationsintensität IBSI = Z−2(Ip/2)4 eingesetzt,

erhält man

γmin =

√
Ip

2Up
=

√
Ip

2 IBSI
4ω2

=

√
2ω2Ip
1
Z2 (

Ip
2 )4

=

√
25ω2Z2

I3
p

, (4.1)
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Abbildung 4.3: Intensität für die Barrier-Suppression-Ionisation und der Keldysh-Parameter

an der Barrier-Suppression-Intensität für ausgewählte, typische Targets der Starkfeldphysik

bei Verwendung von 800 nm-Laserpulsen.

Das Ionisationspotential kann durch die Wahl des Atoms bzw. Ions erhöht werden. Wie in

Abb. 4.3 dargestellt, erlauben vor allem Atome mit hohen Ip das Erreichen von niedrigen γ-

Parametern. Um ein Experiment mit 800 nm-Laserpulsen im Tunnelregime durch Minimierung

von γ zu realisieren, bietet sich das He+-Ion an. Für dieses Ion kann die Bedingung γ < 1

erreicht werden und nichtadiabatische E�ekte sind für He+ somit fast vernachlässigbar.

Der zweite Grund für die Auswahl von He+ in dieser Arbeit ist, dass das He+ ein Einelektro-

nensystem darstellt. Einelektronensysteme dienen in der Atomphysik als wichtige Referenz-

und Testsysteme für die theoretische Beschreibung von Atomen (siehe Kap. 1). Das He+ nimmt

dabei als Einelektronensystem denselben Stellenwert wie das Wassersto�atom ein.

Genau wie für das He+-Ion ist die experimentelle Umsetzung eines Starkfeldexperimentes für

das Wassersto�atom schwierig. Atomarer Wassersto� muss erst aus molekularem Wassersto�

hergestellt werden und die Messung wird durch einen Anteil von nichtdissoziierten oder rekom-

binierten Wassersto� beeinträchtigt [121; 14]. Kürzlich wurde von Sainadh et al. eine Messung

von Wassersto� mit elliptischer Polarisation vorgenommen [122]. Grundlegender Unterschied

zu dem He+ ist, dass für Wassersto� mit 800 nm der Keldysh-Parameter mit ≈ 1 höher ist,

sodass dabei der Übergangsbereich von Tunnelionisation und Multiphotonionisation vorliegt.

Um die Bedingung γ<1 zu erfüllen, müsste für Wassersto� eine längere Laserwellenlänge
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gewählt werden.

4.4.2 Experiment mit He+

Das in dieser Arbeit durchgeführte Ionisationsexperiment mit He+-Ionen weist im Vergleich

zu den typischerweise in der Literatur dokumentierten Attoclock-Experimenten mit neutralen

Atomen einige zusätzliche Herausforderungen auf.

Wie in Kap. 4.4.1 diskutiert, hat das He+ mit 54 eV ein hohes Ionisationspotential. Dies ent-

spricht einer Barrier-Suppression-Ionisationsintensität von 8,5 ·1015 W/cm2 in eindimensiona-

ler Betrachtung bzw. 4,7 ·1016 W/cm2 in parabolischen Koordinaten (siehe Kap. 2.5). Daraus

ergibt sich, dass sehr hohe Laserintensitäten notwendig sind, um die Ionisation des He+ in

einem Experiment zu beobachten. Weiterhin folgt aus der vergleichsweise geringen Dichte

von Ionenstrahlen im Vergleich zu neutralen Targets, dass das aktive Fokusvolumen der In-

tensitätsverteilung möglichst groÿ sein sollte, um eine ausreichende Statistik der Messung zu

ermöglichen. Dies kann nur mit Laserpulsen mit hohen Pulsenergien erreicht werden, die für

dieses Experiment von einem 10 mJ-Lasersystem bei 800 nm zur Verfügung gestellt wurden

(siehe Kap. 8.3.1).

Vor der Ionisation muss das He+ in einer Ionenquelle aus neutralem Helium erzeugt werden.

Dazu wird der in Kap. 3.1 vorgestellte Aufbau einer Ionenstrahlapparatur genutzt, um einen

kollimierten Strahl von He+-Ionen bereitzustellen. Nach der Interaktion der Ionen mit dem

fokussierten Laserstrahl werden die ionisierten He2+-Fragmente detektiert und ihre Impulse

aus der Flugzeit und dem Detektionsort rekonstruiert.

Der in Kap. 3.1 beschriebene Aufbau wird zumeist für die Untersuchung der Fragmentation

molekularer Ionen wie H+
2 eingesetzt. Gegenüber den Messungen von molekularen Ionen gibt

es für die Detektion der Ionisation atomarer Ionen zwei wesentliche Unterschiede, die die

Messung von He+ zusätzlich erschweren.

Zum einen ändern sich für die ionischen Fragmente bei der Starkfeldionisation die Impulse

weit weniger als die der Fragmente von Molekülen. Der Betrag des durch die Laserwechsel-

wirkung auf das Ion übertragenen Impulses entspricht dem Impuls des Photoelektrons (siehe

Kap. 2.4). Aufgrund der groÿen Masse des Ions im Vergleich zu der Masse des Elektrons ist

die zusätzliche Geschwindigkeitskomponente für das Ion im Vergleich zur Geschwindigkeit des

Ionenstrahls gering. Um dies zu kompensieren und eine möglichst gute Nutzung der Detek-

torausdehnung zu gewährleisten, wird mit einer geringen Anfangsgeschwindigkeit der Ionen

durch eine Extraktionsspannung an der Ionenquelle von 6,5 kV gearbeitet. Zusätzlich wur-

de für dieses Experiment der Flugarm, also die Strecke zwischen Laserinteraktionszone und

Detektor, auf die maximale, durch die Gröÿe des Labors limitierte, Länge von 2,4m verändert.

Ein zweiter wichtiger Unterschied zu molekularen Ionenstrahlen liegt in der Detektion der

Fragmente. Für molekulare Ionen können alle nuklearen Fragmente in Koinzidenz detektiert

werden. Die Koinzidenzdetektion mehrerer im selben Prozess erzeugter Teilchen erlaubt in

der Datenauswertung die Identi�zierung von Messsignalen, die mehr als eine Gröÿenordnung

unter dem Hintergrundsignal liegen (siehe Kap. 6). Für die Starkfeldionisation von atomaren

Ionen wird mit dem genutzten Aufbau jedoch nur ein Fragment, das Ion, registriert. Da es

mit dem Aufbau nicht möglich ist, das entsprechende Photoelektron zu detektieren, kann in

dem Fall keine Koinzidenzdetektion genutzt werden (siehe Kap. 3.7).
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4.4.3 Impulsverteilungen für die Ionisation von He+

Die Impulsverteilungen nach der Ionisation von He+-Ionen mit verschiedenen Elliptizitäten

von linearer bis zirkularer Polarisation der 800 nm-Laserpulse bei einer maximalen Fokusin-

tensität von ≈ 1·1017 W/cm2 sind in Abb. 4.4 dargestellt. Die gemessenen Impulsverteilungen

der Ionen entsprechen aufgrund der Impulserhaltung pIon + pElek = 0 für Einfachionisation

den Impulsverteilungen der Photoelektronen und lassen sich sehr gut mit dem in Kap. 2.7

vorgestellten Modell der Starkfeldionisation verstehen [83]. Für die lineare Polarisation ist die

Impulsverteilung mit einem Maximum um den Impuls p = 0 entlang der linearen Polarisa-

tion ausgerichtet. Für höhere Elliptizitäten weist die Impulsverteilung zwei Maxima auf, die

sich im Fall der zirkularen Polarisation zu einem Ring vereinigen. Damit folgt die Form der

Verteilungen den semiklassischen Vorhersagen, dass der Driftimpuls p = A(t0) durch das

Vektorpotential des ionisierenden Feldes im Augenblick der Ionisation bestimmt wird.

Für eine Auswertung der Impulsverteilungen im Sinne einer Attoclock-Messung eignen sich

Impulsverteilungen bei einer Elliptizität von ε ≈ 0,75 am besten. Um die feldstärkenabhängi-

gen Elektronenemissionswinkel analysieren zu können, wurden Messungen mit dieser Laser-

polarisation bei verschiedenen Fokusintensitäten durchgeführt.
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Abbildung 4.4: Gemessene Impulsverteilungen der Ionen für die Ionisation von He+ bei 800 nm

mit verschiedenen Elliptizitäten von linear bis nahezu zirkular für die maximale Fokusinten-

sität von ≈ 1·1017 W/cm2 für Messungen mit ungefähr gleich langen Messzeiten.

4.4.4 Bestimmung des Elektronenemissionswinkels

Die Attoclock-Methode (siehe Kap. 4.2) beruht auf der Bestimmung des wahrscheinlichsten

Elektronenemissionswinkels in Abhängigkeit der angelegten Laserfeldstärke. Der Winkel wird

basierend auf einer gemessenen Impulsverteilung relativ zur Lage der Laserpolarisation ana-

lysiert (siehe Abb.4.2 (b)). Daher ist für die Auswertung des Experimentes die Kalibrierung

der Lage der Laserpolarisation von entscheidender Bedeutung. In der Literatur �nden sich

bisher zwei Möglichkeiten, die Kalibrierung durchzuführen. Beide Methoden wurden in dieser

Arbeit getestet.

Die erste Methode beruht auf der polarimetrischen Messung der Laserpolarisation für den Fall

linearer und elliptischer Polarisation. Der Vergleich der Polarisationsergebnisse und der ge-

messenen Impulsverteilungen für verschiedene Laserelliptizitäten erlaubt den Rückschluss auf

die Lage der Laserpolarisation in den Impulsverteilungen. Es ist jedoch erforderlich, die Infor-

mationen aus der Polarimetrie und den Impulsmessungen jeweils durch Kurvenanpassungen

zu ermitteln und zu kombinieren. Dabei kann jede Kurvenanpassung für sich eine Unsicher-

heit in der Gröÿenordnung von &1◦ aufweisen. Die Polarimetriemessung hat das Ziel, den

Polarisationszustand im Laserfokus der Messung zu ermitteln. Aufgrund der hohen Intensität
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kann die Messung jedoch nicht im Fokus durchgeführt werden. Die Polarimetriemessung muss

an einer anderen Stelle im Strahlengang erfolgen. In dem genutzten Aufbau ist dies jedoch

nur auÿerhalb der Vakuumkammer, d.h. eine Messung nur vor dem Eintritts- oder nach dem

Austrittsfenster möglich.

Die zweite Methode stellt die Ausnutzung der Symmetrie der Viertelwellenplatte dar, wie sie

von Pfei�er et al. [104] verwendet wurde. Für zwei Orientierungen der Viertelwellenplatte, die

sich um 90◦ unterscheiden, ist die Polarisation bis auf die Drehrichtung des elektrischen Feld-

vektors identisch. Um diesen Ansatz zu testen, wurde die Messung der Impulsverteilungen für

zwei Stellungen der Viertelwellenplatte, die um 90◦ zueinander verschoben sind, durchgeführt.

Dabei zeigte sich jedoch nicht das erwartete Verhalten, sondern die Impulsverteilungen wiesen

Orientierungen der Polarisationshauptachsen auf, die um mehr als 10◦ voneinander abwichen.

Zusammenfassend muss für den genutzten Aufbau festgestellt werden, dass beide Methoden

zur Kalibrierung der Polarisationsrichtung auf Grundlage der Polarimetriemessungen nicht

mit ausreichender Genauigkeit im Einklang mit den Messergebnissen der Impulsverteilungen

zu bringen sind. Vermutlich sind dafür die hohen Laserpulsenergien mit den daraus folgenden

nichtlinearen E�ekten verantwortlich.

Es wurde daher eine andere Methode zur Auswertung entwickelt, um einem Vergleich der

gemessenen und simulierten Impulsverteilungen zu ermöglichen. Der Ansatz beruht darauf,

die Orientierung der Laserpolarisation aus den jeweiligen Impulsverteilungen der Messung zu

ermitteln.

Um dies zu erreichen, wird eine zweidimensionale Kurvenanpassung an die Impulsverteilung

vorgenommen. Die genutzte Funktion beschreibt zwei gauÿförmige Maxima, die entlang einer

Ellipse angeordnet sind und die Form der gemessenen Impulsverteilungen nachstellen. Dabei

wird ausgenutzt, dass die Impulsverteilung der Elektronen bzw. Ionen in der Polarisationsebe-

ne nach einfacher Tunnelionisation sehr gut durch Gauÿfunktionen in den elliptizitätskorri-

gierten Polarkoordinaten approximiert werden kann [123; 68]. Die zweidimensionale Funktion,

die die Impulsverteilung der Einfachionisation in der Laserpolarisationsebene (x-y-Ebene) be-

schreibt, hat die Form

F = exp

−

√

(xa )2 + (yb )2 − 1

∆r

2
· (4.2)

[
A1 exp

(
−
(

atan(x, y)− θ0

∆θ

)2
)

+A2 exp

(
−
(

atan(x, y)− θ0 + π

∆θ

)2
)]

.
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Abbildung 4.5: Fit der Laserpolarisation der Impulsverteilung nach Ionisation mit elliptischer

Polarisation: (a) Gemessene Impulsverteilung, (b) Zweidimensionale Funktion nach Fit an (a),

(c) Um den mit der Fitfunktion bestimmten Winkel (10,7◦) gedrehte Impulsverteilung.
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Es wurde zunächst angenommen, dass die Ellipse entlang der Achsen des Koordinatensystems

ausgerichtet war. Die Ausrichtung und der Mittelpunkt der Ellipse können als freie Parameter

ergänzt werden, was einer Drehung der Impulskoordinaten um einen Winkel α und einer Ver-

schiebung entlang x um x0 und entlang y um y0 entspricht. Um die zweidimensionale Funktion

um diese Drehung und Verschiebung zu ergänzen, müssen die Argumente für die Funktion der

Ellipse in Polarkoordinaten r =
√

(x− x0)2 + (y − y0)2 sowie θ = atan(x− x0, y − y0), um

den Winkel α gedreht werden.

Es folgt:

F (r(x, y, xo, yo), θ(x, y, xo, yo), a, b, α, θ0,∆r,∆θ,A1, A2) = (4.3)

exp

−

√

( r cos(θ−α)
a )2 + ( r sin(θ−α)

b )2 − 1

∆r

2
·

[
A1 exp

(
−
(

atan(r cos(θ − α), r sin(θ − α))− θ0

∆θ

)2
)

+

A2 exp

(
−
(

atan(r cos(θ − α), r sin(θ − α))− θ0 + π

∆θ

)2
)]

Diese Funktion F wird zur Beschreibung eines Einfachionisationsschrittes mit der Methode der

kleinsten Quadrate an die gemessenen Impulsverteilungen angepasst und damit Ergebnisse für

a, b, α, θ0,∆r,∆θ,A1 und A2 ermittelt. Die genutzte Funktion kann die Form der gemessenen

Impulsverteilungen sehr gut nachbilden (siehe Abb. 4.5).

Die Methode wurde anhand von Impulsverteilungen, die mit semiklassischen Simulationen

und durch TDSE-Simulationen gewonnen wurden, getestet, da für die Simulationen die Lage

der Laserpolarisation bekannt ist. Die Ergebnisse zeigten, dass diese Methode geeignet ist, die

Orientierung der Laserpolarisation aus den Impulsverteilungen mit einer Genauigkeit von 1◦

zu ermitteln, wenn die Ionisation für niedrige Intensitäten unterhalb der Sättigungsintensität

ausgewertet wird.

4.4.5 Auswertung der Attoclock für He+

Die Attoclock stützt sich auf die Bestimmung des Emissionswinkels relativ zur kleinen Halb-

achse der Polarisationsellipse, unter dem das Maximum der Zählrate der Impulsverteilung zu

�nden ist (siehe Kap. 4.2). Die in der Literatur vorhandenen Untersuchungen beschränken

sich auf die Auswertung des Emissionswinkels einer Impulsverteilung, die für eine Messung

mit einer bestimmten Fokusintensität ermittelt wurde. Dies ist schematisch in Abb. 4.6 (a)

dargestellt und als Fitmethode 1 bezeichnet. Der Winkel wird dabei über einen Fit an die

Winkelverteilung, in der unabhängig vom Betrag des Impulses alle Ereignisse einer Messung

mit einer maximalen Fokusintensität eingehen, bestimmt. Für die Messung von He+ führt

diese Methode der Auswertung zu dem in (b) dargestellten Verlauf für den Winkel θmax in

Abhängigkeit der Peakintensität im Laserfokus. Der Winkel θmax beträgt ungefähr 3◦ und

zeigt nur eine sehr geringe Abhängigkeit von der Intensität.

Um eine di�erentiellere Analyse zu ermöglichen, wurde in dieser Arbeit ein anderer Ansatz

genutzt. Für die gesamte intensitätsabhängige Messung wurden die Impulskomponenten px
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Abbildung 4.6: Vergleich der Methoden zur Auswertung der Intensitätsabhängigkeit des Elek-

tronenemissionswinkels für die Attoclock-Messung mit He+: (a) In den bisherigen Arbeiten

wurde üblicherweise der Winkel θmax über einen Fit an die Impulsverteilung ermittelt, die für

eine Fokusintensität gemessen wurde. Dies wird dann für verschiedene Intensitäten wieder-

holt (links: Fitmethode 1). Es ist auch möglich, nach Transformation in elliptizitätskorrigierte

Polarkoordinaten den Winkel pφ,max über für verschiedene Intervalle des radialen Impulses

pr für eine Messung zu ermitteln (rechts: Fitmethode 2). (b) Das Ergebnis θmax der Fitme-

thode 1 für Messungen mit verschiedener Peakintensität zeigt für He+ nur eine sehr geringe

Abhängigkeit von der Intensität. (c) Das Ergebnis der Fitmethode 2 mit dem Ergebnis in Po-

larkoordinaten für den Winkel pφ,max macht eine deutlich stärkere Abhängigkeit vom radialen

Impuls pr sichtbar. Die Fehlerbalken zeigen das 95%-Kon�denzintervall der Kurvenanpassung

einer Gauÿ-Funktion zur Ermittlung des wahrscheinlichsten Winkels an.

und py in elliptizitätskorrigierte Polarkoordinaten transformiert [123]. Dies entspricht folgen-

der Transformation:

pr =
√

(ε2 + 1)/ε2p2
x + (ε2 + 1)p2

y (4.4)

pφ = atan ((px/ε)/py) (4.5)

Der radiale Impuls pr kann direkt als Maÿ für die elektrische Feldstärke des Laserfeldes zum

Zeitpunkt der Ionisation genutzt werden (siehe Kap. 4.2) [123]. Bei hinreichend guter Sta-

tistik kann der Winkel pφ,max der Impulse damit in Abhängigkeit von pr analysiert werden,

indem die Histogramme in Abhängigkeit von pφ für verschiedene pr jeweils mit einem Fit

ausgewertet werden. Dies ist schematisch in Abb. 4.6 (a) auf der rechten Seite (Fitmethode

2) dargestellt. Für die Messung des He+ führt dieses Vorgehen zu der in (c) abgebildeten

Abhängigkeit des Winkels pφ,max vom radialen Impuls pr. Für kleine pr ≈ 9 a.u. und damit

geringe Ionisationsfeldstärken wird ein Winkel pφ,max von 5◦ beobachtet, der für steigende

pr ≈ 14 a.u. bis auf 0◦ abfällt.
Der Vergleich macht deutlich, dass die geringe Intensitätsabhängigkeit der in der Literatur

verwendeten Auswertung (Fitmethode 1) eine Folge der Mittelung über verschiedene radiale

Impulse ist, die von verschiedenen Intensitäten im Laserfokus stammen.

Die hier genutzte Analysemethode (Fitmethode 2) erlaubt es, den Emissionswinkel über einen

deutlich gröÿeren Bereich von Ionisationsfeldstärken zu untersuchen und mehr Informationen

aus den gemessenen Impulsverteilungen zu extrahieren. Um einen ähnlich groÿen Bereich von
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Feldstärken mit der Fitmethode 1 zu erfassen, wäre eine Variation der Intensität über einen

sehr groÿen Bereich, insbesondere in Richtung der niedrigen Intensitäten, notwendig. Auf-

grund der dafür erforderlichen langen Messzeiten und insbesondere der geringen Targetdichte

eines Ionenstrahls ist dies für das vorliegende Experiment nahezu unmöglich.

Die Verwendung von pr als Maÿ für die Ionisationsfeldstärke bzw. Intensität ist auch deshalb

sinnvoll, da die Intensität in der Messung nur schwer mit der erforderlichen Genauigkeit zu

ermitteln ist. Grundsätzlich kann die Relation zwischen Elektronenimpuls und Ionisations-

feldstärke direkt genutzt werden. Es muss allerdings beachtet werden, dass nichtadiabatische

Korrekturen notwendig sein können [46], die für He+ aber sehr gering sind (siehe Kap. 4.4.6.4).

In der folgenden Auswertung wird der Winkel pφ,max aus der Kurvenanpassung in elliptizitäts-

korrigierten Polarkoordinaten diskutiert. Dabei muss angemerkt werden, dass dieser Winkel

nicht identisch mit dem in der Literatur üblichen Winkel θmax ist.

4.4.6 Semiklassische Simulationen

Das Ziel dieses Kapitels ist, die gemessenen Verteilungen mit einem einfachen Modell zu

reproduzieren und auf diesem Weg eine Tunnelzeit zu bestimmen. Gegenüber dem in Kap. 2.7

diskutierten sehr einfachen Modell der Starkfeldionisation, die auch als Simple-Man-Theorie

bezeichnetet wird, müssen einige bekannte E�ekte in die Rechnung aufgenommen werden, die

(wie die hypothetische Tunnelzeit) ebenfalls zu einer Verdrehung der Impulsverteilung führen,

also pφ,max beein�ussen.
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Abbildung 4.7: Ergebnisse für den pr-abhängigen Elektronenemissionswinkel pφ,max der Im-

pulsverteilungen: Vergleich der experimentellen Ergebnisse mit der CTMC-Simulation auf

Basis des Simple-Man-Modells.

Ausgehend von dem einfachsten Ansatz hat die Ionisation an den Maxima des Laserfeldes die

höchste Wahrscheinlichkeit. Aus der Relation p = −A(t0) folgt aufgrund des Verhältnisses

A(t) = −
∫ t
−∞E(t′)dt′, dass die Elektronenemission um 90◦ zur Hauptachse der Polarisati-

onsellipse des angelegten Laserpulses ausgerichtet ist (siehe Kap. 4.2). Wie in der Auswertung

der Messdaten in Abb. 4.7 dargestellt, weicht der beobachtete Winkel für He+ zwischen 5◦

und 0◦ von dieser vereinfachten Annahme ab.

Neben den etwaigen Beiträgen einer Tunnelzeit, die, wenn vorhanden, nur eine sehr kleine

Winkeländerung hervorrufen, nehmen eine Reihe weiterer E�ekte Ein�uss auf die Emissions-

richtung pφ,max der Elektronen (siehe Kap. 4.3):

• E�ekt der Einhüllenden
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• Grundzustandsentleerung

• Coulomb-Wechselwirkung

• Nichtadiabatische E�ekte

Um die Auswirkungen dieser E�ekte auf die Impulsverteilungen zu verstehen, kann mit Hil-

fe von semiklassischen Monte-Carlo-Simulationen von Elektronentrajektorien (CTMC) der

Ionisationsprozess simuliert werden. Basierend auf Ionisationsraten wird ein Ensemble von

Ionisationszeiten erzeugt und Startbedingungen der Elektronentrajektorien festgelegt, die die

Berechnung der Impulse der Elektronen bzw. Ionen nach der Ionisation ermöglichen [104].

Die experimentellen Parameter wie Pulsdauer und die dreidimensionale Verteilung der In-

tensitätsverteilung im Laserfokus werden berücksichtigt. Der Beitrag jeder Feldstärke zum

Ensemble der Ionenimpulse wird mit den entsprechenden Ionisationswahrscheinlichkeiten und

der relativen Häu�gkeit dieses Intensitätswertes im dreidimensionalen Gauÿschen Fokus ge-

wichtet [75]. Ebenfalls erfolgt eine Mittelung über die zufällige CEP im Experiment.

In Abb. 4.8 sind die gemessenen und über CTMC und TDSE (Details siehe Kap. 4.4.7) simu-

lierten Impulsverteilungen dargestellt. Die Verteilungen zeigen einen hohen Grad der Über-

einstimmung. Gegenstand der Attoclock ist die Untersuchung des wahrscheinlichsten Elektro-

nenemissionswinkels pφ,max. Die folgenden Kapiteln diskutieren den Ein�uss der oben aufge-

listeten E�ekte auf diesen Winkel in den CTMC-Simulationen.
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Abbildung 4.8: Gemessene Impulsverteilungen der Ionen für die Ionisation von He+ bei 800 nm

und ε = 0, 75 im Vergleich zu den intensitätsgemittelten Simulationsergebnissen für die TDSE

(Details siehe Kap. 4.4.7) und CTMC (Startbedingungen basierend auf parabolischen Koor-

dinaten, siehe Kap. 4.4.6.3) für die maximale Fokusintensität von ≈ 1·1017 W/cm2. Die Pro-

jektionen der Verteilungen sind in (d) und (e) dargestellt.

4.4.6.1 E�ekt der Laserpulseinhüllenden

Aus dem einfachen Modell der Starkfeldionisation (siehe Kap. 2.7) folgt, dass die Elektro-

nen nach der Ionisation einen Driftimpuls in Richtung des Vektorpotentials entsprechend

p = −A(t0) bekommen. Schon in diesem Simple-Man-Modell hängt die Richtung der Elek-

tronenemission jedoch von der Ionisationszeit in der Laserpulseinhüllenden ab.

Entscheidend für die Richtung der Elektronenimpulse ist der Winkel zwischen dem elektri-

schen Feld und seinem Vektorpotential an den Maxima des elektrischen Feldes, da zu diesen

Zeitpunkten die Ionisationsrate maximal wird.

Das elektrische Feld eines Laserpulses kann im Zeitbereich als Produkt der Trägeroszillation

mit einer gauÿförmigen Einhüllenden beschrieben werden [124]

E(t) = E0e
−2 ln(2) t

2

τ20 sin (ωt). (4.6)
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Da das Vektorpotential durch A(t) = −
∫ t
−∞E(t′)dt′ gegeben ist, folgt aus der Integration des

Feldes einschlieÿlich der Einhüllenden, dass die Maxima des Vektorpotentials und des elektri-

schen Feldes im Allgemeinen zueinander verschoben sind (siehe Abb. 4.9). Nur am Maximum

der Laserpulseinhüllenden beträgt der Winkel exakt 90◦.

Dies wird dadurch verstärkt, dass die Maxima des Laserfeldes in den Flanken des Pulses nicht

exakt an den Maxima der Oszillation der Trägerfrequenz des Laserpulses liegen, da sich die

instantane Feldstärke als Produkt der Einhüllenden und der Trägeroszillation ergibt. Zum

Vergleich zeigt die gestrichelte Linie in Abb. 4.9 den Winkel zwischen E- und A-Feld an den

Maxima der Trägeroszillation.

Wird eine symmetrische Ionisation über die Pulseinhüllende für die Berechnung der Elektro-

nenimpulse innerhalb des Simple-Man-Modells angenommen, heben sich die E�ekte der Laser-

pulseinhüllenden aus der ansteigenden und abfallenden Flanke auf und der wahrscheinlichste

Elektronenemissionswinkel pφ,max liegt entsprechend der Erwartung des Simple-Man-Modells

bei 0◦ (siehe Abb. 4.7). Einen entscheidenden Ein�uss hat die Laserpulseinhüllende jedoch,

wenn zusätzlich der E�ekt der Grundzustandsentleerung einbezogen wird (siehe Kap. 4.4.6.2).
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Abbildung 4.9: E�ekt der Laserpulseinhüllenden auf den Elektronenemissionswinkel pφ,max:

Elektrisches Feld E(t) (a) und Vektorpotential A(t) (b) eines Laserpulses mit 800 nm, 30 fs

und einer Elliptizität von 0,75, (c) Winkel zwischen E(t) und A(t) an den Maxima des Laser-

feldoszillation E(t) (durchgezogene Linie) und den Maxima der Trägeroszillation (gestrichelte

Linie).

4.4.6.2 Grundzustandsentleerung

Werden an ein Atom sehr hohe Feldstärken angelegt, erreicht die Ionisationswahrscheinlich-

keit Werte von ≈ 1 und es kommt zur Entleerung des Grundzustandes. Für sehr intensive

Laserpulse kann daher beobachtet werden, dass die Ionisation weit vor dem Peak des Laser-

pulses maximal wird und in Sättigung geht. Später im Laserpuls �ndet keine Ionisation des

Atoms mit dem betrachteten Ladungszustand mehr statt. Damit ist die e�ektive Feldstärke

der Ionisationsprozesse deutlich geringer als die maximale Feldstärke, die am Laserpulsma-

ximum erreicht wird. Dieser E�ekt limitiert einerseits die maximale Feldstärke, bei der ein

Ionisationsvorgang untersucht werden kann, und muss bei dem Vergleich von experimentellen

und simulierten Ergebnissen beachtet werden.

Andererseits bewirkt die Entleerung des Grundzustandes, dass der Schwerpunkt der Ionisati-

onszeitpunkte mit steigender Intensität im Laserpuls nach vorn wandert (siehe Abb. 4.10(a-
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b)). Aufgrund des veränderlichen Winkels zwischen E und A-Feld in der Laserpulseinhüllen-

den (siehe Kap.4.4.6.1) führt diese Verschiebung der Ionisation zu einer starken Änderung des

Elektronenemissionswinkels (siehe Abb. 4.10 (c)).

Der zeitliche Verlauf der Ionisationswahrscheinlichkeit im Laserpuls für das He+ kann durch

die Lösung der Ratengleichungen [125; 83]

dPHe+

dt
= −ΓHe+⇒He2+(t)PHe+(t) (4.7)

dPHe2+

dt
= ΓHe+⇒He2+(t)PHe+(t) (4.8)

berechnet werden, wenn entsprechende Ionisationsraten Γ bekannt sind. An dieser Stelle wird

die in Kap. 2.4 vorgestellte ADK-Rate genutzt. Da die ADK-Rate die Ionisationswahrschein-

lichkeit bei hohen Feldstärken nahe der Barrier-Supression-Ionisation überschätzt, schlagen

Tong und Lin [126; 127] eine Korrektur der Rate über

Γ(t) = ΓTBI(t)Γnlm(t) (4.9)

mit einem Korrekturfaktor

ΓTBI = exp

(
−α2Z

κ2

|F |
κ3

)
(4.10)

vor. Das Ionisationspotential Ip des Atoms geht über κ =
√

2Ip ein. Der Parameter α hängt

dabei von der Magnetquantenzahl ab und beträgt für das He+ α=6.
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Abbildung 4.10: Grundzustandsentleerung: (a) Betrag der elektrischen Feldstärke für einen

elliptisch polarisierten 35 fs Laserpuls mit einer maximalen Intensität von 2·1016 W/cm2. In

(b) ist die berechnete Ionisationsrate für diesen Laserpuls für He+ unter Vernachlässigung und

mit Berücksichtigung der Grundzustandsentleerung gezeigt. Mit Grundzustandsentleerung ist

die Ionisation in der ansteigenden Flanke des Laserpulses gesättigt und der Schwerpunkt

der Ionisation liegt einige Femtosekunden vor dem Pulsmaximum. Die e�ektive Intensität

der Ionisation ist damit deutlich geringer als die maximale Intensität des Laserpulses. (c)

Ergebnisse für den pr-abhängigen Elektronenemissionswinkel pφ,max der CTMC-Simulation

unter Berücksichtigung der Grundzustandsentleerung.

In Abb. 4.10 (b) ist die Verteilung der Ionisationszeiten für einen Laserpuls hoher Intensität

dargestellt. Wird die Grundzustandsentleerung nicht beachtet, folgen die Ionisationszeiten

den Maxima der Laserfeldoszillation und erstrecken sich über die gesamte Pulslänge. Bei Be-

achtung der Grundzustandsentleerung ist die Ionisation schon vor dem Maximum des Laser-

pulses abgeschlossen und die Ionisationszeiten konzentrieren sich in der ansteigenden Flanke

des Laserpulses. Dort wird die Elektronenemissionsrichtung durch den E�ekt der Einhüllen-

den (siehe Kap. 4.4.6.1) bestimmt, sodass die Grundzustandsentleerung direkt die beobachtete

Verdrehung der Elektronenverteilungen beein�usst (siehe Abb. 4.10 (c)).
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Gegenüber der Vorhersage des einfachen Simple-Man-Modells wird durch die Grundzustands-

entleerung der Winkel pφ,max beginnend ab einer Intensität von ≈ 1,2·1016 W/cm2 abgesenkt.

Da die Ionisationszeiten im Puls zu früheren Zeiten verschoben werden, verändert sich der

Winkel in negativer Richtung, d.h. entgegen der Rotationsrichtung des Feldes.

4.4.6.3 Coulomb-Interaktion

Die Beziehung p = −A(t0) kann auf die Erhaltung des kanonischen Impulses zurückgeführt

werden, die jedoch nur gilt, wenn die Summe der externen Kräfte verschwindet. Bei genauer

Betrachtung �ndet die Bewegung des Elektrons im kombinierten Potential des Laserfeldes und

des Coulomb-Potentials des zurückbleibenden Ions statt. Die Coulomb-Interaktion ruft dabei

nur eine kleine Änderung der Elektronentrajektorie hervor. Da vor allem der Emissionswinkel

des Elektrons verändert wird (siehe Abb. 4.11 (a)), muss die Coulomb-Interaktion für eine

Attoclock-Messung berücksichtigt werden [104].
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Abbildung 4.11: Coulomb-Interaktion: (a) Beispiel einer Trajektorie eines Elektrons nach der

Ionisation in einem zirkular polarisierten Laserfeldes bei Vernachlässigung und unter Berück-

sichtigung der Coulomb-Wechselwirkung mit dem verbleibendem Ion. Die Position des Ions in

der Abbildung ist bei (0,0). (b) Der Abstand des Startortes bzw. Tunnelausganges des Elek-

trons vom Ausgangsion in Abhängigkeit der Feldstärke für verschiedene Tunnelgeometrien

für die Ionisation von He+. (c) Ergebnisse für den pr-abhängigen Elektronenemissionswinkel

pφ,max der CTMC-Simulation unter Berücksichtigung der Coulomb-Wechselwirkung im Ver-

gleich für den Tunnelausgang in parabolischen Koordinaten und nach PPT-Theorie. Für den

PPT-Ansatz wurde in diesem Abschnitt zwar wie für parabolischen Koordinaten die Breite der

Anfangsimpulsverteilung berücksichtigt, aber noch nicht die nichtadiabatische Verschiebung

des Anfangsimpulses.

In der CTMC wird für jede mögliche Elektronentrajektorie die Bewegungsgleichung im kom-

binierten Feld des Lasers und des Coulomb-Potentials gelöst. Entscheidend ist die Wahl der

Startbedingungen, insbesondere des Tunnelausganges als Startort der Bewegung. Die Position

kann entsprechend der in Kap. 2.3 sowie 2.6 beschriebenen Ansätze auf verschiedene Weise

ermittelt werden. Die feldstärkenabhängige Position der Tunnelausgänge ist in Abb. 4.11 (b)

dargestellt. Grundsätzlich zeigt sich dabei für alle Berechnungsvarianten ein ähnlicher Verlauf.

Je höher die Feldstärke, desto stärker wird das Atompotential verformt und desto näher rückt

die Startposition des Elektrons an das Coulomb-Potential des Atoms heran.

Dennoch nimmt die Coulomb-Korrektur der Elektronentrajektorie für höhere Feldstärken

nicht zu (siehe Abb. (c)). Da eine höhere Feldstärke das Elektron ebenfalls stärker vom Atom

weg beschleunigt, ist die Stärke der Coulomb-Korrektur nahezu feldstärkenunabhängig.
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Die Ergebnisse der CTMC bei Berücksichtigung der Coulomb-Wechselwirkung für den pr-

abhängigen Elektronenemissionswinkel für He+ sind in Abb. 4.11 (c) für die Berechnung des

Tunnelausgangs in eindimensionaler Betrachtung, in parabolischen Koordinaten und nach der

nichtadiabatischen PPT-Theorie gezeigt. Für alle Versionen gilt gegenüber der Vernachlässi-

gung der Coulomb-Wechselwirkung, dass der Emissionswinkel gröÿer und damit in Rotations-

richtung des Feldes verschoben wird.

Die Berechnung des Tunnelausgangs in eindimensionaler Betrachtung führt zu einer stär-

keren Ablenkung, da der Tunnelausgang deutlich näher am Atom liegt. Das Maximum bei

pr ≈ 11 a.u. ist eine Folge des Einsetzens des Over-Barrier-Ionisations-Regimes (siehe Kap. 2.5).
Daraus folgt eine Änderung der Startposition des Elektrons nach der Ionisation (siehe Abb. (b)),

die dann durch die Position des Maximums der Barriere beschrieben wird.

Sowohl für die Berechnung des Tunnelausganges in parabolischen Koordinaten als auch nach

der nichtadiabatischen PPT-Theorie zeigen die Elektronemissionswinkel in (c) nur geringe

Unterschiede. Da der Tunnelausgang in parabolischen Koordinaten etwas näher am Atom

liegt, folgt eine geringfügig stärkere Coulomb-Korrektur im Vergleich zum PPT-Modell. Ein

Maximum wie bei der eindimensionalen Betrachtung tritt nicht auf, da bei Betrachtung des

Tunnelproblems in parabolischen Koordinaten die Over-Barrier-Ionisation erst bei höheren

Intensitäten relevant wird und aufgrund der Sättigung der Ionisation einen geringeren Ein�uss

auf den beobachteten Elektronenemissionswinkel pφ,max hat [104].

Die transversale Anfangsgeschwindigkeitsverteilung wurde entsprechend Kap. 2.3 berücksich-

tigt, zeigt jedoch keinen Ein�uss auf den in Abb. 4.11 (c) analysierten Winkel.

4.4.6.4 Nichtadiabatische E�ekte

Die semiklassischen Simulationen in den vorangegangenen Kapitel basierten auf einer qua-

sistatischen Theorie der Tunnelionisation (siehe Kap. 2.3). Oftmals wurden die Experimente

zur Attoclock jedoch in dem Übergangsbereich zwischen Multiphotonen- und Tunnelionisa-

tion bei γ ≈ 1 durchgeführt, in dem der Tunnelionisationsvorgang durch diese Theorie nicht

exakt beschrieben werden kann, sondern durch nichtadiabtische E�ekte beein�usst wird (siehe

Kap. 4.3).

Wie bereits in Kap. 4.3 diskutiert, erschweren nichtadiabatische E�ekte die Interpretation der

Attoclock-Experimente, da für elliptische und zirkulare Felder eine zusätzliche Änderung der

Impulse des Elektrons auftritt. Wie Yakaboylu et al. beschreiben, kann diese Impulsänderung

als Tunnelzeit interpretiert werden, sie ist aber keine Tunnelzeit im Sinne einer Wigner-Zeit

(siehe Kap. 4.1) [101; 98].

Bei nichtadiabatischer Behandlung tritt ein Energiegewinn des Elektrons während des nichta-

diabatischen Tunnelprozesses auf [27; 42] (siehe Kap. 2.6). Dafür ergeben sich entsprechend

der zwei Grenzfälle der Ionisation zwei verschiedene, aber äquivalente Erklärungen (siehe

Abb. 4.12 (d)) [43]. Die Energieaufnahme kann als virtuelle Absorption von Photonen inter-

pretiert werden, die Energie der Wellenfunktion verändert und somit die Ionisationswahr-

scheinlichkeit erhöht [44].

In einem anderen Bild beschreiben Klaiber et al. die Energieaufnahme während des Tunnelpro-
zesses mit Hilfe klassischer Mechanik [43]. Dabei folgt der Gewinn der Energie des Elektrons

aus der Bewegung in der sich zeitlich veränderlichen Barriere. Die entscheidende Zeitskala

kann wieder über die Keldysh-Zeit τk ∼ γ/ω abgeschätzt werden, sodass der E�ekt vom Wert
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Abbildung 4.12: Nichtadiabatische E�ekte: (a) Keldysh-Parameter γ für den relevanten Inten-

sitätsbereich für die Ionisation von He+ mit 800 nm und 400 nm-Laserpulsen, (b) berechneter

Beitrag der Anfangsgeschwindigkeit p⊥ nach PPT-Theorie für die Ionisation von He+, (c)

zum Vergleich die Breite σ⊥ der Anfangsgeschwindigkeitsverteilung, (d) Die nichtadiabati-

sche Ionisation in einem zirkular polarisierten Laserfeld kann als Absorption von Photonen

und danach folgender Tunnelionisation mit höherer Energie (rote gestrichelte Linie) oder als

Energiegewinn des Elektrons während der Bewegung in der Tunnelbarriere interpretiert wer-

den [43]. Die blaue Linie zeigt den adiabatischen Fall der Tunnelionisation. (d) Ergebnisse für

den pr-abhängigen Elektronenemissionswinkel pφ,max der CTMC-Simulation unter Berück-

sichtigung der nichtadiabatischen E�ekte des veränderten Startimpulses (p⊥ 6= 0) sowie bei

Verwendung der Yudin-Ivanov-Rate.

des Keldysh-Parameter abhängt und im adiabatischen Grenzfall verschwindet.

Im Fall elliptischer Laserpolarisation folgt der Energiegewinn aus der Interaktion mit der

transversalen Feldkomponente des rotierenden elektrischen Feldes und führt zu einer senk-

rechten Anfangsgeschwindigkeit, die eine zusätzliche longitudinale Komponente zu dem Drift-

impuls hinzufügt [128; 43]. Dies ergibt sich aus der in Kap. 2.7 beschriebenen Beobachtung für

elliptisch polarisierte Laserfelder, dass die Tunnelionisation entlang des elektrischen Feldes an

den Maxima der Oszillation statt�ndet, aber der Driftimpuls in Richtung des Vektorpotentials

und damit senkrecht zum elektrischen Feld ausgerichtet ist.

Um den Ein�uss der nichtadiabatischen Korrekturen für das System des He+ abzuschätzen,

kann die CTMC-Simulation in zwei Schritten auf die nichtadiabatische Theorie erweitert wer-

den. Neben dem in Kap. 4.4.6.3 diskutierten Startort der Elektrontrajektorie wird dazu die

Verschiebung der senkrechten Anfangsgeschwindigkeit p⊥ berücksichtigt (siehe Kap. 2.6). Die

Geschwindigkeit aus der nichtadiabatischen PPT-Theorie ist in Abb. 4.12 (b) dargestellt. Die

Elektronen starten am Tunnelausgang mit einem Anfangsimpuls in transversaler Richtung,

also senkrecht zur Hauptachse der Polarisationsellipse des elektrischen Feldes, die den Wert

p⊥ = εE
ω

(
sinh τ0
τ0
− 1
)
annimmt (siehe Kap. 2.6) [45; 41]. Die Verteilung der Anfangsgeschwin-

digkeiten weist eine Breite von σPPT =
√

ω

2τ0
[
1+
(
τ0−tanh τ0
τ0 tanh τ0

)] auf. Beide Gröÿen hängen über
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τ0 von der Keldysh-Zeit1 τk ∼ γ/ω ab (siehe Abb. 4.12 (b)).

Ein Vergleich dieses zusätzlichen Impulsbetrages mit der senkrechten Anfangsgeschwindig-

keitsverteilung σ⊥ ergibt, dass für He+ bei einer Laserwellenlänge von 800 nm der zusätzliche

Impuls klein gegen die Breite der Anfangsgeschwindigkeit der Elektronen nach der Tunnel-

ionisation ist (siehe (c)). Dem niedrigen Keldysh-Parameter γ (siehe (a)) entsprechend, bleibt

der Ein�uss dieser Geschwindigkeitskomponente (p⊥ 6= 0) auf die simulierten Elektronenemis-

sionswinkel pφ,max daher sehr gering, wie in Abb. (e) erkennbar ist. Hierbei ist anzumerken,

dass an dieser Stelle noch die adiabatische Ionisationsrate (ADK-Rate) (siehe 2.4) genutzt

wurde.

Zusätzlich ist es möglich, eine nichtadiabatische Ionisationsrate für die Berechnung der Ioni-

sationszeiten zu verwenden, um eine konsistente Beschreibung vorzunehmen. Dazu wird die

nichtadiabatische Yudin-Ivanov-Rate (YI-Rate) implementiert (siehe Kap. 2.6), die auf der

PPT-Theorie basiert. In Abb. (e) wird deutlich, dass die Verwendung dieser Rate einen grö-

ÿeren Ein�uss auf das Simulationsergebnis zeigt. Für hohe pr und damit für hohe Feldstärken

werden damit gröÿere Winkel als mit der ADK-Rate beobachtet.

Einerseits wird an dieser Stelle deutlich, dass auch die Ionisationsrate einen Ein�uss auf den

simulierten Emissionswinkel pφ,max des Attoclock-Experimentes hat, obwohl bisher in der

Literatur teilweise angenommen wurde, dass die Vorhersagen für den Attoclock-Winkel nicht

emp�ndlich auf die exakte Form der Ionisationsrate sind [104].

Andererseits könnte die Tatsache, dass die ADK- und die PPT-Rate unterschiedliche Simu-

lationsergebnisse erzeugen, auf den ersten Blick als ein nichtadiabatischer E�ekt interpretiert

werden. Es ist aber zu vermuten, dass die Änderung bei Verwendung der PPT-Rate keine

nichtadiabatische Korrektur darstellt, da jene zu einer Erhöhung der Ionisationswahrschein-

lichkeit (siehe Kap. 2.6) und so infolge der Sättigung der Ionisation bei niedrigeren Intensi-

täten eine zusätzliche Verdrehung zu niedrigeren Winkeln bewirken würde. Der beobachtete

Unterschied zwischen der ADK- und der YI-Rate lässt sich damit erklären, dass die ADK-

Rate die Ionisation bei hohen Feldstärken nicht korrekt beschreibt [127]. Obwohl dies durch

einen empirischen Korrekturfaktor von Tong und Lin (siehe Kap. 4.4.6.2) berücksichtigt wur-

de, ergibt sich eine Veränderung gegenüber der YI-Rate. Zhang et al. zeigten kürzlich, dass

umfangreichere Korrekturfaktoren der ADK-Rate notwendig sind [129].

Zusammenfassend lässt sich feststellen, dass aufgrund des geringen Keldysh-Parameters in der

Ionisation von He+ mit 800 nm-Laserpulsen die Simulationen auf Basis der adiabtischen und

nichtadiabtischen Theorien keine Unterschiede aufzeigen, die eindeutig auf nichtadiabtische

E�ekte zurückzuführen sind.

4.4.7 Vergleich von CTMC- und TDSE-Simulationen

Die CTMC-Simulationen aus dem Kap. 4.4.6 liefern einen guten Einblick in den Ionisations-

prozess und bieten den Vorteil, dass der Ein�uss verschiedener E�ekte unabhängig vonein-

ander analysiert werden kann. Die trajektorienbasierten Ansätze weisen jedoch den Nachteil

auf, dass Annahmen und Approximationen für die Wahl der Anfangsbedingungen notwendig

sind [105; 104; 32]. Der Ansatz, die quantenmechanischen Eigenschaften der elektronischen

Wellenfunktion auf klassische Trajektorien zu übertragen, birgt die Gefahr, dass diese Eigen-

schaften unvollständig oder gar inkonsistent beschrieben werden [41].

1τ0 folgt aus der Lösung der Gleichung sinh2(τ0)−
(
cosh τ0 − sinh τ0

τ0

)
= γ2 [35; 45].
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Die Lösung der zeitabhängigen Schrödingergleichung (TDSE) ist der Ansatz, der alle E�ekte

in quantenmechanischer Beschreibung exakt und ohne weitere Annahmen oder Approxima-

tionen behandeln kann. Für die hohen Intensitäten, die für die Ionisation des He+ benötigt

werden, ist die numerische Lösung der TDSE in voller Dimensionalität jedoch mit der der-

zeitig verfügbaren Rechenleistung nicht umsetzbar. Daher muss auf eine zweidimensionale

Behandlung der TDSE in Dipolapproximation zurückgegri�en werden (siehe Kap. 2.1).

Die im Rahmen dieser Arbeit gewonnenen experimentellen Resultate werden im Folgenden

mit Ergebnissen zweidimensionaler TDSE-Simulationen verglichen, die von Dr. Hongcheng Ni

aus der Arbeitsgruppe von Prof. Jan-Michael Rost (Max-Planck-Institut Physik komplexer

Systeme Dresden) bereitgestellt wurden [115]. Die Simulationen wurden für verschiedene La-

serintensitäten durchgeführt und sind wie die CTMC über die CEP und das Fokusvolumen

gemittelt.
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Abbildung 4.13: Vergleich von CTMC und TDSE: Ergebnisse für den pr-abhängigen Elek-

tronenemissionswinkel der CTMC-Simulation für die adiabatische Theorie mit parabolischen

Koordinaten und für nichtadiabatischen PPT-Theorie (p⊥ 6= 0 und Verwendung der Yudin-

Ivanov-Rate im Vergleich zu den TDSE-Resultaten.

In Abb. 4.13 ist der Vergleich der Ergebnisse für den pr-abhängigen Elektronenemissionswin-

kel pφ,max aus den CTMC- und TDSE-Simulationen dargestellt. Für den gesamten relevan-

ten pr-Bereich sind die auf der PPT-Theorie basierenden CTMC-Simulationen in sehr guter

Übereinstimmung mit den TDSE-Ergebnissen. Die Ergebnisse der CTMC für parabolische

Koordinaten weichen dagegen für gröÿere Feldstärken stärker von den TDSE-Ergebnissen ab.

Dieser E�ekt wurde schon im vorangegangenen Kapitel diskutiert und ist nicht auf nichta-

diabatische E�ekte, sondern vermutlich auf die Unterschiede der Ionisationsraten nahe der

Sättigungsintensität zurückzuführen.

4.4.8 Vergleich von Experiment und Simulationen

Abschlieÿend können die Simulationsergebnisse den experimentellen Resultaten gegenüberge-

stellt werden. Der Vergleich der pr-abhängigen pφ,max-Winkel aus der TDSE und der CTMC

ist zusammen mit den experimentellen Daten in Abb. 4.14 dargestellt.

Für die Auswertung der experimentellen Daten wird die Information über die Lage der Laser-

polarisation benötigt. Diese Information wird entsprechend der in Kap. 4.4.4 vorgestellten

Methode ermittelt. Wie bereits diskutiert, ist für die Simulationen die Lage der Polarisation

per Konstruktion bekannt, weshalb diese Information zur Validierung der Winkelkalibrierung

genutzt werden kann.
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Abbildung 4.14: Vergleich der experimentellen Resultate mit den Ergebnissen von CTMC

und TDSE: (a) Der pr-abhängige Elektronenemissionswinkel für Experiment und Simulation

(siehe Abb. 4.13). Dabei wurde für die CTMC- und TDSE-Resultate die Information über die

Laserpolarisation aus den Simulationen übernommen. (b) zeigt die gleichen Daten wie (a), nur

für den Fall, dass auch für die Simulationen die Laserpolarisation aus den Impulsverteilungen

rekonstruiert wurde (siehe Text). Die Fehlerbalken zeigen das 95%-Kon�denzintervall der

Kurvenanpassung zur Ermittelung des wahrscheinlichsten Winkels an.

Aus diesem Grund zeigt die Abbildung die Simulationsergebnisse einmal mit der Kalibrierung

der Impulsverteilung über den in der Simulation exakt bekannten Winkel (a) und ein zweites

Mal für den Fall, dass auch die Simulationsergebnisse mit der in Kap. 4.4.4 vorgestellten

Methode kalibriert wurden (b). Die experimentellen Ergebnisse basieren in (a) und (b) auf

der Kalibrierung aus der Impulsverteilung.

Wird auch für die simulierten Impulsverteilungen die Winkelkalibrierung angewendet (b), ver-

schiebt sich die Lage der Polarisation in Richtung der Rotationsrichtung der Laserpolarisation

je nach Simulation um 0,2◦ bis 0,8◦. Dies ist der Fehler des Elektronenemissionswinkels, der

aus der Bestimmung des Kalibrierungswinkels mit Hilfe der Impulsverteilungen folgt. Die

Kurven für den pr-abhängigen pφ,max-Winkel verschieben sich dadurch systematisch etwas zu

niedrigeren Werten, also näher in Richtung der Lage der rekonstruierten Laserpolarisations-

achse. Es ergibt sich dadurch eine etwas bessere Übereinstimmung mit der experimentellen

Kurve. Daraus lässt sich schlussfolgern, dass die Kurve der experimentellen Ergebnisse infolge

der Kalibrierungsmethode vermutlich um 0,2◦ bis 0,8◦ zu niedrige Winkel anzeigt. Der Ver-

gleich zeigt dennoch, dass die Ergebnisse nur wenig von der Kalibrierung abhängen und trotz

der genutzten Methode eine gute Interpretation der He+-Daten möglich ist.

Insgesamt kann für He+ eine gute Übereinstimmung der experimentell ermittelten Elektrone-

nemissionswinkel mit den entsprechenden über die TDSE- und CTMC simulierten Ergebnissen

festgestellt werden. Es kann abgeleitet werden, dass auch die semiklassischen Simulationen die

wesentlichen Aspekte der Dynamik beinhalten. Entscheidend ist die Tatsache, dass die semi-

klassischen Simulationen keine Tunnelzeit berücksichtigen.

Aus den Resultaten, die in dieser Arbeit für das Einelektronensystem des He+-Ions � und

somit an einem der Theorie gut zugänglichen System � in elliptisch polarisierten Laserfeldern

gewonnen wurden, folgt, dass innerhalb der Genauigkeit (≈ 1◦) der hier durchgeführten Aus-

wertungen keine Hinweise auf eine endliche Tunnelzeit identi�ziert werden können. Für das

He+ kann durch den niedrigen Keldysh-Parameter von γ ≈ 0,3 - 0,2 sichergestellt werden, dass

die Tunnelionisation der dominierende Ionisationsmechanismus ist. Dieser Wert ist deutlich

geringer als der niedrigste bisher in einem Experiment erreichte Wert von γ ≈ 1,3 - 0,55 [104],

der sich auf eine Untersuchung des Heliumatoms, also einem Mehrelektronensystem, bezieht.



Kapitel 5

Doppelionisation von Helium in

ultrakurzen Laserpulsen

Die Doppelionisation von Helium in intensiven, elliptisch polarisierten Laserfeldern wird mit
einem Experiment und mit detaillierten semiklassischen Simulationen analysiert. Im Gegen-
satz zu einer Reihe von anderen Experimenten [130; 131; 132], die den sequentiellen Ablauf
der Doppelionisation in elliptisch polarisierten Laserfeldern in Frage gestellt haben, wird in
der vorliegenden Arbeit eine bemerkenswert gute Übereinstimmung eines auf rein sequentieller
Ionisation basierenden Modells mit experimentellen Daten beobachtet.

5.1 Einleitung

Im Rahmen der Quantenmechanik wurden viele Eigenschaften von Atomen für Einelektronen-

systeme wie das Wassersto�atom oder das, im vorangegangenen Kapitel diskutierte, Helium-

Ion He+ behandelt. Die Untersuchung von Systemen mit zwei Elektronen und der sich daraus

ergebenden Komplexität der theoretischen Beschreibung ist der nächste fundamentale Aspekt

für das Verständnis der Quantenmechanik.

Die lichtinduzierte Emission beider Elektronen, die Doppelionisation, des Heliumatoms stellt

einen grundlegenden Benchmark-Prozess für die Wechselwirkung von Licht mit Materie in

komplexeren Systemen dar.

Für die laserinduzierte Doppelionisation können zwei Mechanismen unterschieden werden [133].

Der erste Prozess ist die nichtsequentielle Doppelionisation (NSDI). Im engeren Sinne wird

in der Starkfeld-Laserphysik darunter der E�ekt verstanden, dass ein Elektron, welches im

Laserfeld durch Tunnelionisation aus dem Atom gelöst wird, danach durch das Laserfeld in

Richtung des Ursprungsatoms beschleunigt werden und dann mit diesem kollidieren kann.

Neben der elastischen Streuung dieses Elektrons oder der Rekombination mit dem Ion un-

ter Aussendung von Photonen kann es dabei zum Herausschlagen eines weiteren Elektrons

kommen [7; 19; 134].

Die Trajektorie des Elektrons wird dabei durch das zeitabhängige Laserfeld kontrolliert, so-

dass der NSDI-Prozess durch die Eigenschaften des Laserpulses wie der Pulsdauer und der

Carrier-Envelope-Phase (CEP) entscheidend beein�usst werden kann [135; 136]. Wichtig für

die Wahrscheinlichkeit eines Kollisionsprozesses ist auch der Polarisationszustand des Feldes.

NSDI wird nur für weitgehend linear polarisiertes Laserlicht beobachtet. Charakteristisch für

45
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NSDI ist der von L'Huillier gemessene Verlauf der intensitätsabhängigen Ionisationsrate dop-

pelt ionisierter Ionen, der bei niedrigen Intensitäten eine unerwartet hohe Zählrate aufweist

und die Korrelation der Elektronenemission in NSDI verdeutlicht [18; 19].

Der zweite Mechanismus der Doppelionisation ist die sequentielle Doppelionisation (SDI). Sie

ist bei hohen Intensitäten des Laserfeldes und vor allem für elliptisch polarisierte Laserfelder,

bei denen NSDI unterdrückt ist, der dominante Prozess. Bei der SDI wird das zweite Elektron,

genau wie das erste Elektron, durch einen zweiten Tunnelionisationsschritt aus dem Ion gelöst.

Nach der Emission des ersten Elektrons und der Relaxation des Ions in seinen Grundzustand

ist das zweite Elektron deutlich fester gebunden und weist damit ein höheres Ionisationspo-

tential auf. Der zweite Ionisationsschritt erfordert eine höhere Laserintensität, die erst später

im Laserpuls erreicht wird, sodass die zweite Elektronenemission zeitlich deutlich nach der

Emission des ersten Elektrons statt�ndet.

In der Annahme, dass es sich um zwei unabhängige Ionisationsschritte handelt, wird diese

Form der Doppelionisation als sequentielle Ionisation bezeichnet. Jedoch stellt sich die Frage,

ob es, z.B. wenn bei Verwendung extrem kurzer Laserpulse beide Ionisationsprozesse in ein

enges Zeitfenster gezwungen werden, Abweichungen von dieser Annahme gibt und somit ein

Anteil von korrelierter sequentieller Doppelionisation1, also nichtsequentieller Ionisation im

weiteren Sinne, existiert.

Eine mögliche Ursache für Korrelationse�ekte in SDI ist, dass dass das Ion vor der zwei-

ten Ionisation nicht vollständig in den Grundzustand relaxiert ist. Die Emission des ersten

Elektrons kann eine Anregung der verbleibenden Elektronen und eine daraus folgende Neu-

ordnung in der Elektronenhülle hervorrufen [137]. Dies konnte durch Fleischer et al. experi-
mentell nachgewiesen werden, indem sie in einem Pump-Probe-Experiment die Entwicklung

der Emissionsrichtung des zweiten emittierten Elektrons in Abhängigkeit der Zeit zwischen

beiden Ionisationsschritten untersuchten [130].

Pfei�er et al. verglichen die gemessenen intensitätsabhängigen Impulsverteilungen in SDI von

Neon mit semiklassischen Simulationen. Sie kamen zu dem Schluss, dass die Ionisationszeiten

sich nicht mit einem sequentiellen Ionisationsmodell reproduzieren lassen und die Emissions-

richtung der Elektronen im Widerspruch zur Approximation der unabhängigen Elektronen-

emission stehen [85; 138; 139; 140].

Eine andere Möglichkeit für Elektronenkorrelation in der SDI wäre, dass sich die beiden emit-

tierten Elektronen wechselseitig in ihren Trajektorien als Folge der Coulomb-Abstoÿung be-

ein�ussen. Es konnte jedoch von Emmanouilidou et al. in Simulationen gezeigt werden, dass

dieser E�ekt keine Rolle spielt und selbst für sehr kurze Pulse vernachlässigt werden kann [141].

In diesem Kapitel werden zwei unterschiedliche Ansätze zur Untersuchung der Doppelionisa-

tion von Helium und möglicher Korrelation in diesem Prozess diskutiert. Der erste Ansatz

beruht auf der Verwendung der Ionenstrahlapperatur und beschreibt die Möglichkeit der

Neutralisation der Ionen für mögliche Experimente zur Untersuchung der SDI. Im zweiten

Abschnitt des Kapitels werden die Ergebnisse einer COLTRIMS-Messung für die Doppel-

ionisation von Helium mit Few-Cycle-Laserpulsen vorgestellt und mit Hilfe semiklassischer

Simulationen analysiert und interpretiert.

1In dieser Arbeit wird die Bezeichnung der sequentiellen Doppelionistion weiter verwendet, obwohl der

Begri� voraussetzt, dass es sich um zwei unabhängige Ionisationsschritte handelt.
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5.2 Messung der Doppelionisation neutraler Atome mit dem

Ionenstrahlaufbau

5.2.1 Einleitung

Zur Identi�kation von Korrelationen in der SDI wäre ein idealer Ansatz, die Einfachionisa-

tion eines Atoms, die Doppelionisation und schlieÿlich auch die Einfachionisation des einfach

geladenen Ions, welches als Zwischenprodukt der Doppelionisation auftritt, in der gleichen

Messapparatur vermessen zu können. Nur dann können die exakt gleichen Bedingungen für

die Messung aller Prozesse sichergestellt werden. Dies ist notwendig, da bekannt ist, dass Kor-

relationse�ekte bestenfalls kleine Veränderungen des Messsignals zur Folge haben, während

die Ionisationsdynamik viel stärker von verschiedenen experimentellen Parametern abhängig

ist.

Bezogen auf die Doppelionisation des Heliumatoms sind dies die folgenden drei Prozesse:

1. Einfachionisation: He → He+ + e−

2. Einfachionisation: He+ → He2+ + e−

Doppelionisation: He → He2+ + 2e−

∆ He+ ∆ He2+

Die Frage ist, ob zwischen diesen Prozessen eine Di�erenz ∆He+ oder ∆He2+ existiert, die

in der Ionisationsstärke oder den Impulsverteilungen der Ionen oder Elektronen gemessen

werden kann.

Um basierend auf dieser Fragestellung ein Experiment durchzuführen, wurde ein experimen-

teller Ansatz getestet, der es ermöglichen soll, mit der in Kap. 3.1 vorgestellten Ionenstrahl-

apparatur neben Ionen neutrale Atome für Starkfeldexperimente zu nutzen.

Dazu wurde eine Ladungsaustauschzelle entwickelt, die einen Ionenstrahl in einen Strahl neu-

traler Atome umwandelt. Dieses Projekt wurde im Rahmen der Bachelorarbeit von Lukas

Wolf umgesetzt [142] und soll daher hier nur zusammengefasst werden.

In der Literatur �nden sich viele Beispiele für Experimente, in denen die Neutralisation von

Ionen und die Wirkungsquerschnitte der Reaktionen in Stoÿexperimenten mit Atomen syste-

matisch untersucht wurden [143; 144]. Die Verwendung neutralisierten Atomstrahlen ermög-

lichte beispielsweise die spektroskopische Untersuchung von exotischen kurzlebigen Molekülen

wie Heliumhydrid oder dreiatomigen Wassersto� [74].

5.2.2 Ionenstrahlaufbau mit Ladungsaustauschzelle

Um mit dem Ionenstrahlaufbau einen Strahl neutraler Atome zu erzeugen, wurde eine La-

dungsaustauschzelle entwickelt, die es ermöglicht, den Ionenstrahl mit dem Dampf von Al-

kaliatomen zu neutralisieren. Der Ladungsaustauschprozess entspricht dabei dem Übergang

eines gebundenen Valenzelektrons des Alkaliatoms in die Elektronenhülle des wechselwirken-

den Ions.

Die Wahrscheinlichkeit für einen Ladungsaustauschprozess hängt von den Bindungsenergien

der beteiligten Zustände des Atoms und Ions ab, sowie von der Geschwindigkeit der Stoÿ-

partner [145]. Alkaliatome, insbesondere Cäsium, sind aufgrund ihrer schwach gebundenen
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Valenzelektronen gut für Ladungsaustauschreaktionen geeignet und haben eine groÿe Bedeu-

tung für Neutralisationsexperimente und in der Erzeugung negativ geladener Ionen [143]. Es

ist jedoch zu beachten, dass durch die Neutralisation von Ionen mit Alkalidampf Atome in

metastabilen Rydberg-Zuständen erzeugt werden können, da der Ladungsaustausch zwischen

den Zuständen in z.B. Cäsium (IP = 3.89 eV) und den Rydberg-Zuständen nur eine geringe

Änderung der Bindungsenergie zur Folge hat und damit bevorzugt abläuft.

Der Aufbau der in dieser Arbeit entwickelten Ladungsaustauschzelle ist in Abb. 5.1 (a) dar-

gestellt. Die Konstruktion der Zelle orientiert sich an Beispielen aus der Literatur [146; 145]

und berücksichtigt dabei die besonderen Anforderungen an das Ionenstrahlexperiment.

So sollte eine möglichst e�ziente Neutralisierung des Ionenstrahl statt�nden, um genügend

neutrale Atome für die Laserwechselwirkung zur Verfügung zu stellen. Gleichzeitig muss der

erzeugte Alkalidampf räumlich konzentriert bleiben, um zu verhindern, dass das Vakuum in

der Anlage negativ beein�usst wird. Auch wurde die Zelle so konzipiert, dass sie ohne ein

Belüften der Vakuumanlage befüllt werden kann. Die Ampulle mit dem Alkalimetall wird auf

die Halterung der Zelle aufgesetzt, sodass nach leichtem Erwärmen das �üssige Alkalimetall

durch die rohrartige Verbindung in die Zelle gelangen kann (siehe Abb. 5.1 (a-b)).

Im Betrieb wird die Temperatur in der Zelle über einen auÿen an der Zelle befestigten Heiz-

draht erhöht und über einen Temperatursensor gemessen, sodass eine Regelung der Heizleis-

tung für eine zeitlich stabile Temperatur möglich ist. Das Alkalireservoir ist ein Kupferkörper,

der eine gleichmäÿige Temperaturverteilung gewährleistet. Im oberen Teil der Zelle soll sich

ein Temperaturgradient ausbilden, damit der Alkalidampf kondensiert und wieder in das Re-

servoir zurückgeführt und am Ausströmen aus der Zelle gehindert wird. Die Ö�nungen für

den Ionenstrahl haben eine Ö�nung von 2mm. Die Länge der Interaktionszone zwischen Al-

kalidampf und Ionenstrahl beträgt 27mm.

Die Zelle wurde in ein Vakuumkreuz nach dem Wien�lter und nach dem letzten elektrosta-

tischen De�ektoren (siehe Abb. 3.1) installiert, da neutrale Atome nicht mehr durch elektro-

statische Felder kontrolliert werden können.

Abbildung 5.1: Aufbau und Funktion der Ladungsaustauschzelle: (a) Schematischer Aufbau

der Neutralisationszelle, (b) Schnitt durch die Zelle, (c) Normierte Neutralisationsrate für

Helium in Abhängigkeit der Temperatur der Zelle [142].
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5.2.3 Ergebnisse für die Neutralisation von Ionen

Um die Neutralisation des Ionenstrahls mit Hilfe der im vorangegangenen Kapitel vorgestell-

ten Ladungsaustauschzelle zu charakterisieren, wurde die Intensität des erzeugten neutralen

Atomstrahls in Abhängigkeit der Temperatur der mit Cäsium befüllten Zelle bestimmt [142].

Die Intensität des neutralen Strahls kann dabei nur relativ über die detektierte Helligkeit auf

einem Phosphorschirm oder den Strom an einem Faradaybecher, der durch das Herausschla-

gen von Elektronen durch den Atomstrahl entsteht, bestimmt werden. Der nicht neutralisierte

Teil des Ionenstrahls wurde nach der Zelle mit elektrostatischen De�ektoren abgelenkt.

In Abb. 5.1 (c) ist die Neutralisationsrate für Heliumionen dargestellt. Bei etwa 108◦C wurde

ein Maximum der Neutralisation beobachtet. Eine weitere Erhöhung der Temperatur sorgt für

eine geringere Intensität neutraler Teilchen, was vermutlich mit der Erzeugung von negativen

Ionen oder der gestiegenen Divergenz des erzeugten Atomstrahls zu erklären ist. Vergleiche

zwischen der erzeugten Helligkeit des Ionenstrahls und des neutralisierten Strahls, weisen

darauf hin, dass eine absolute Neutralisation von etwa 60% erreicht wurde.

Ähnliche Ergebnisse konnten für die Neutralisation von Neonionen beobachtet werden. Für

beide Atome wurde festgestellt, dass die Divergenz des neutralisierten Strahls im Vergleich

zu dem Ionenstrahl erhöht ist. Dies folgt aus der Tatsache, dass der Ladungsaustausch durch

Stöÿe der Wechselwirkungspartner zustande kommt und damit zu einer Richtungsänderung

führen kann. Eine höhere Divergenz ist jedoch gleichbedeutend mit einer geringeren Dichte

des neutralen Targets für die Wechselwirkung mit den Laserpulsen im Starkfeldexperiment.

5.2.4 Starkfeldionisation eines neutralisierten Atomstrahls

Das Ziel des Experiments war es, die Doppelionisation des Heliumatoms und die Einfachioni-

sation des einfach geladenen Heliumions mit dem Ionenstrahlapparat zu untersuchen.

Nachdem gezeigt werden konnte, dass mit Hilfe der Ladungsaustauschzelle der Ionenstrahl

neutralisiert werden kann, wurden Ionisationsexperimente mit dem Atomstrahl durchgeführt.

Versuche die Doppelionisation mit Helium zu detektieren, waren nicht erfolgreich. Dies lässt

sich mit der geringen Targetdichte der neutralen Atome in Verbindung mit der erhöhten

Komplexität des Experiments erklären. Im Vergleich zu der Untersuchung von Helium stellt

die Doppelionisation von Neon aufgrund der geringeren benötigten Intensität ein einfacher zu

realisierendes Experiment dar.

Für die Durchführung des Experiments wurde daher die Doppelionisation von Neon mit ellip-

tisch polarisierten Laserpulsen gewählt. Die gemessenen Impulsverteilungen für Einfach- und

Doppelionisation sind in Abb. 5.2 dargestellt. Die verwendeten Laserpulse bei 800 nm entspre-

chen den Bedingungen aus Kap. 4. Für die Interpretation werden die gemessenen Impulsver-

teilungen mit den Ergebnissen einfacher semiklassischer Simulationen der Doppelionisation

verglichen, die in ausführlicher Form im Kap. 5.3.2 erläutert werden.

Für die Einfachionisation des neutralisierten Neon wird eine gauÿförmige Verteilung der Im-

pulse mit geringer Breite gemessen (siehe Abb. 5.2 (a)). Die Impulsverteilung der entsprechen-

den Doppelionisation (b) zeigt nur eine Verteilung mit zwei Maxima, wie sie typischerweise

für die Einfachionisation mit elliptischer Polarisation beobachtet wird (siehe Kap. 4). Für ei-

ne Doppelionisation wäre eine Verteilung mit vier separierten Maxima zu erwarten gewesen,

die daraus folgen, dass das Ion nach der Doppelionisation aufgrund der Impulserhaltung die
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(e)                                                  (f)                                                            (g)

(a)                                                  (b)                                                            (c)                                                       (d)Exp: Ne → Ne   (ε=0,72)+ Exp: Ne → Ne   (ε=0,72)2+
Sim: Ne → Ne   (ε=0,72)2+ Sim: Ne* → Ne   (ε=0,72)

2+

Sim: Ne  → Ne   (ε=0,72)+ 2+Exp: Ne  → Ne   (ε=0,72)+ 2+ Exp: Ne → Ne2+
Sim: Ne → Ne2+ Sim: Ne* → Ne2+

Abbildung 5.2: Gemessene und simulierte Ionenimpulsverteilungen nach Ionisation eines neu-

tralen Neonatomstrahls mit elliptisch polarisierten Laserfeldern (ε = 0, 72) in der Polarisati-

onsebene: (a) Messung der Einfachionisation von Neonatomen nach Neutralisation, (b) Mes-

sung der Doppelionisation von Neonatomen nach Neutralisation, (c) Simulation der Doppel-

ionisation von Neon im Grundzustand, (d) Simulation der Doppelionisation von Neon im

angeregten Zustand (Ne∗), (e) Messung der Einfachionisation des nicht neutralisierten Ionen-

strahls von Ne+, (f) Simulation für die Einfachionisation von Ne+, (g), Impulsverteilung von

(b),(c) und (d) entlang px.

Summe der negativen Impulse der beiden emittierten Elektronen besitzt [83]. Die erwartete

Impulsverteilung kann mit der semiklassischen Simulation erzeugt werden (siehe Abb. 5.2 (c)).

Die von den Erwartungen abweichenden experimentellen Ergebnisse (siehe Abb. 5.2 (a-c)) le-

gen nahe, dass das neutrale Neonatom sich nicht im Grundzustand be�ndet, sondern teilweise

in einem angeregten Rydberg-Zustand. Die Erzeugung von metastabilen Rydberg-Zuständen

in der Neutralisation folgt daraus, dass der Ladungsaustausch zwischen dem Grundzustand

in Cäsium (IP = 3.89 eV) und den Rydberg-Zuständen bevorzugt ist (siehe Kap. 5.2.1). Die

dafür in Frage kommenden Zustände sind in Abb. 5.3 dargestellt.

Wird durch Anpassung des Ionisationspotentials ein solcher Zustand als Anfangszustand in

der semiklassischen Simulation gewählt, wie in (d) abgebildet, wird eine Impulsverteilung

erzeugt, die der gemessenen (b) sehr ähnelt. Damit ist klar, dass in der Messung mit den

neutralisierten Atomen im ersten Ionisationsschritt ein Elektron aus einem Rydberg-Zustand

mit einem geringen Ionisationspotential und daher bei einer geringen Intensität ionisiert wird.

Dieses Elektron und auch das Ion erhalten aufgrund der Verknüpfung zwischen Vektorpoten-

tial und Driftimpuls einen viel geringeren Impuls als bei der Ionisation aus dem Grundzustand

(siehe Gl. 2.16 bzw. Kap.2.7).

Der zweite Ionisationsschritt geschieht aus dem Grundzustand des Ne+ und führt zu dem

erwarteten Impuls. Somit ist der Ein�uss des ersten Ionisationsschrittes in der Impulsvertei-

lung (b) kaum erkennbar. Ein Vergleich der Impulsverteilungen in (g) zeigt jedoch, dass die

Ausdehnung der gemessenen Impulsverteilung entlang px fast der Breite entspricht, die die

Simulation für die Doppelionisation aus dem Grundzustand vorhersagt, während die Position

der Maxima mit der Doppelionisation aus dem Rydberg-Zustand übereinstimmt. Daraus kann
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Abbildung 5.3: Energiezustände in Neon aus-

gehend vom Grundzustand im neutralen Neo-

natom. Zahlreiche Zustände haben eine Ener-

gie die nur etwa 3.9 eV von der Ionisierungs-

energie entfernt ist und damit einen nahezu

resonante Ladungsaustauschreaktion von Ne+

und Cäsium ermöglichen.
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geschlossen werden, dass der neutralisierte Neonatomstrahl aus einer Mischung von Atomen

im Grundzustand und Atomen in angeregten Zuständen besteht.

5.2.5 Schlussfolgerung

Durch die Kombination des Ionenstrahlaufbaus zur Impulsspektroskopie mit einer Ladungs-

austauschzelle konnte der Bereich der untersuchbaren Targets auf neutrale Atome wie Helium

und Neon erweitert werden, die durch eine Ladungsaustauschreaktion der Ionen mit Alkalia-

tomen erzeugt werden.

Erste Experimente mit intensiven Laserpulsen zeigten, dass der erzeugte neutrale Atomstrahl

für Neon aus einer Mischung aus Atomen im Grundzustand und in Rydberg-Zuständen be-

steht. Damit ergibt sich das Problem, dass Starkfeldexperimente mit neutralen Atomen, die

sich ausschlieÿlich im Grundzustand be�nden, nicht möglich sind. Mögliche Lösungen wä-

ren die Verwendung anderer Atome für die Ladungsaustauschreaktion oder die nachträgliche

Abregung der angeregten Zustände durch Stöÿe mit Gasatomen [147].

Die für Neon beobachtete Erzeugung langlebiger Rydberg-Zustände ist auch für andere Ionen

wie He+ relevant. Damit stellt sich gerade für Helium die Frage, ob auch verschiedene Zu-

stände von Ortho- und Parahelium erzeugt werden können. Dies würde es ermöglichen, die

Abhängigkeit der Starkfeldionisation von Spin-Zuständen des Heliumatoms zu untersuchen.

Auch Systeme wie neutralisierter atomarer Wassersto� H oder molekularer Wassersto� H2

könnten gebildet werden, da Ionenstrahlen von H+ und H+
2 sehr gut in der Ionenquelle produ-

ziert werden können, sodass interessante fundamentale Testsysteme für weitere Untersuchun-

gen zur Verfügung stehen.

5.3 Ionisationdynamik von Helium in Few-Cylce-Laser-Pulsen

5.3.1 Einleitung

Für elliptisch polarisierte Laserfelder weisen die Impulsverteilungen der Ionen nach sequen-

tieller Doppelionisation (SDI)2 eine charakteristische Form auf, die durch vier Maxima der

Zählrate bestimmt wird [83; 85]. Diese Beobachtung kann im Rahmen des semiklassischen

2Die Bezeichnung als sequentielle Doppelionisation zeigt an, dass es sich um zwei unabhängige Ionisati-

onsschritte handelt. Der Begri� wird hier weiter verwendet, obwohl es Korrelationen in der Doppelionisation

geben kann, die darauf beruhen, dass das Ion vor dem zweiten Ionisationsschritt nicht in den Grundzustand

relaxiert ist.
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Modells der Starkfeldionisation (siehe Kap. 2.7) unter der Annahme zweier unabhängiger und

sequentieller Ionisationsschritte verstanden werden [148; 7].

Experimente, die von Schö�er et al. in der Arbeitsgruppe von Markus Kitzler (Technische

Universität Wien) für die Doppelionisation von Helium in nahezu zirkular polarisierten Laser-

pulsen durchgeführt wurden, zeigten jedoch, dass die Ionenimpulsverteilungen in Laserpulsen

mit nur wenigen optischen Zyklen sechs Maxima ausweisen kann [149]. Die Messung basiert

auf der Detektion der Ionenimpulse mit einem COLTRIMS-Aufbau (siehe Kap. 3.7). Im Ge-

gensatz zu dem im letzten Kapitel beschriebenen Ionenstrahlmessungen (siehe Kap.5.2) stellt

in diesem Fall ein Gasjet hohe Dichten neutraler Atome zur Verfügung. Zusätzlich wurde in

diesem Experiment die relative Phase der ultrakurzen Laserpulse mit einem Phasenmeter re-

gistriert, um auch die CEP-Abhängigkeit der SDI in nahezu zirkular polarisierten, ultrakurzen

Laserpulsen zu studieren [150].

In Rahmen der engen Zusammenarbeit mit der Arbeitsgruppe in Wien bestand die Aufgabe

ein detaillierteres Verständnis der experimentellen Ergebnisse mit Hilfe von semiklassischen

Simulationen zu gewinnen. Es zeigt sich, dass auch für ultrakurze Laserpulse, wenn die sequen-

tielle Doppelionisation in einem sehr kurzes Zeitintervall konzentriert ist, ein ausschlieÿlich

auf sequentieller Doppelionisation beruhendes Modell die Beobachtung reproduzieren kann.

Es verbleiben jedoch gewisse Unterschiede zwischen den gemessenen und simulierten Ergeb-

nissen, die vor allem die CEP-Abhängigkeit der Impulsverteilungen betre�en [149]. Die Frage

ist insbesondere, ob die Unterschiede zwischen den gemessenen und simulierten Impulsvertei-

lungen auf Korrelation zurückzuführen sind oder triviale Ursachen (wie Chirp der Laserpulse

usw.) haben.

Gechirpte Pulse sind ein etabliertes Mittel, um die Quantenprozesse in Molekülen und Ato-

men auf der fs-Zeitskala zu kontrollieren [151; 152; 153; 154; 155]. Bisher gibt es jedoch relativ

wenig Forschung über den Ein�uss der spektralen Phase auf die Tunnelionisation auf der Atto-

sekundenzeitskala. Ein gutes Verständnis über den Ein�uss des Chirp und der anderen Laser-

pulsparameter ist wichtig, um die Unterschiede zwischen den Ergebnissen von Experimenten

und Simulationen für die SDI in Few-Cylce-Laserpulsen korrekt zu interpretieren [149; 156].

Das Ziel dieses Kapitels ist es, numerisch zu untersuchen, welchen Ein�uss verschiedene La-

serparameter, wie die Intensität, die spektrale Phase der Laserpulse und die sich daraus er-

gebende Form des elektrischen Feldes, auf den Prozess der Doppelionisation nehmen können.

Der Fokus liegt dabei auf dem Parameterbereich, in dem der beobachtete Wechsel von vier

zu sechs Maxima in der Impulsverteilung der Ionen nach SDI zu beobachten ist.

Der Ansatz besteht darin, mit Hilfe einer semiklassischen Monte-Carlo-Simulationen von Elek-

tronentrajektorien (CTMC) die Auswirkungen der einzelnen Laserparameter auf die resultie-

renden Ionenimpulsverteilungen und der zugrunde liegenden SDI-Dynamik systematisch und

getrennt voneinander zu untersuchen. Zuerst werden die Einzelheiten des genutzten semi-

klassischen Modells erläutert. Anhand des quantitativen Vergleichs mit den von Schö�er et
al. verö�entlichten Ergebnissen der SDI von Helium kann die Gültigkeit des Modells über-

prüft werden [149]. Schlieÿlich wird in Kap. 5.3.5 das vorgestellte Modell verwendet, um die

Auswirkungen verschiedener Pulsparameter auf die Doppelionisation zu untersuchen.
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5.3.2 Semiklassisches Modell der sequentiellen Doppelionisation

Für die theoretische Beschreibung von SDI in einem elliptisch polarisierten Feld wäre der

direkte Ansatz die ab initio Integration der zeitabhängigen Schrödinger-Gleichung (TDSE)

für zwei Elektronen. Dieser Ansatz erfordert jedoch einen enormen Rechenaufwand und kann

daher für die hier relevanten Intensitäten nicht realisiert werden. Darüber hinaus liefert die

Lösung der TDSE nur einen begrenzten Einblick in die zugrundeliegende Dynamik. Aus die-

sen Gründen sind semiklassische Modelle vergleichsweise gut geeignet, um die sequentielle

Doppelionisation zu untersuchen [133].

Das hier verwendete semiklassische Modell unterscheidet sich von dem in Kap. 4 verwendeten

Modell dadurch, dass es einerseits vereinfacht wird, indem die Coulomb-Wechselwirkung ver-

nachlässigt wird, andererseits die Monte-Carlo-Simulation um den weiteren Ionisationsschritt

der sequentiellen Doppelionisation erweitert wird.

Die Ionisationsrate, die von Tong und Lin [127] vorgeschlagen wurde und auf statischer Tun-

nelionisation [34] (siehe Kap. 2.4) basiert, wird genutzt, um die gekoppelten Ratengleichungen

für die zeitabhängige Bevölkerung der beiden Ladungszustände numerisch zu lösen [157].

Eine Monte-Carlo-Simulation erzeugt dann ein Ensemble von Kombinationen von Ionisati-

onszeiten, t1 und t2, die anschlieÿend zur Berechnung der asymptotischen Elektronenimpulse

verwendet werden, p1 = −A(t1) und p2 = −A(t2). Der daraus resultierende Impuls der

doppelt geladenen Ionen pion ist durch die Summe pion = −(p1 + p2) gegeben.

Das Modell geht von einer strikt sequentiellen Doppelionisationsdynamik aus. Die Durchfüh-

rung der Monte-Carlo-Simulation nach der numerischen Lösung der gekoppelten Ratenglei-

chungen, die die exponentielle Abhängigkeit der Tunnelrate von der Feldstärke einschlieÿt,

berücksichtigt jedoch, dass die Ionisationswahrscheinlichkeit des zweiten Elektrons von der

zeitabhängigen Population des ersten Ladungszustandes abhängig ist. Diese Interdependenz

wird stark durch die Subzyklenform des Laserfeldes beein�usst und koppelt den zeitlichen

Ablauf der beiden Ionisationsereignisse umso stärker, je kürzer der Puls ist.

In dem hier genutzten Modell werden mehrere Aspekte vernachlässigt, um die Theorie zu ver-

einfachen und gleichzeitig die relevanten E�ekte abzudecken. Insbesondere wird die zeitabhän-

gige Modulation der Ionisationsraten, die durch die Schwingungen der im Ion verbleibenden

gebundenen Wellenfunktion nach der Entfernung des ersten Elektrons induziert wird, nicht

berücksichtigt [158; 137; 157]. Zusätzlich werden die Coulomb-Kräfte zwischen den beiden

Elektronen und Ionen sowie zwischen den Elektronen nicht betrachtet [105; 32; 159]. Dass die

Coulomb-Wechselwirkung zwischen den Elektronen in SDI mit elliptisch polarisierten Laser-

feldern keine signi�kanten Ein�üsse auf die Ionenimpulsverteilungen haben, wurde von Tong

et al. in klassischen Berechnung gezeigt [160].

5.3.3 Simulation der sequentiellen Doppelionisation

Für die Simulation der SDI wird das Laserfeld als Laserpuls mit einem Gauÿschen Spek-

trum beschrieben und ist durch folgende Parameter de�niert: Spitzenintensität I, Fourier-

limitierte Pulsdauer der Intensitätseinhüllenden τ0, Zentralwellenlänge λ0, Carrier-Envelope-

Phase (CEP) sowie zweite φ(2) und dritte φ(3) Ordnung der spektralen Phase. In Abhängigkeit

der verschiedenen Parameter kann das elektrische Feld

E(ω) ∝
√
S(ω)e−i

1
2
φ(2)(ω−ω0)2e−i

1
6
φ(3)(ω−ω0)3 , (5.1)
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unter Anwendung der üblichen Taylorentwicklung [124] um die Zentralfrequenz ω0 des Laser-

pulses berechnet werden. Dabei ist S(ω) ∝ exp
(
− τ20

4 ln(2)(ω − ω0)2
)
die spektrale Leistungs-

dichte. Der Ein�uss weiterer Ordnungen der spektralen Phase wird hier nicht betrachtet.

Das zeitabhängige elektrische Feld des Laserpulses E(t) berechnet sich aus dem Realteil der

Fouriertransformation von E(ω).

Das Koordinatensystem wird, in Übereinstimmung mit Schö�er et al. [149], so gewählt, dass
sich der Laserstrahl in y-Richtung ausbreitet, die Feldvektoren also in der x-z-Ebene schwin-

gen. Für einen Puls mit φ(2) = 0 und φ(3) = 0, gleichbedeutend mit einen fourierlimitierten

Laserpuls, nehmen die Komponenten des Laserfeldes die folgende Form an

E(t) = f(t)
F0√

1 + ε2

(
cos (ωt+ φ0)ex

−ε sin (ωt+ φ0)ez

)
, (5.2)

wobei die Einhüllende f(t) durch einen Gauÿpuls mit f(t) = exp

(
−2 ln 2

(
t
τ0

)2
)
beschrieben

werden kann, der eine FWHM(Full-Width-at-Half-Maximum)-Pulsdauer τ0 in der Intensi-

tät aufweist. Der Vorfaktor, F0, ergibt sich aus der maximalen Fokusintensität F0 =
√
I in

atomaren Einheiten am Maximum eines Gauÿschen Laserstrahles [161].

Um die sequentielle Doppelionisation zu simulieren, wird die zeitabhängige Wahrscheinlich-

keit der beteiligten Ladungszustände, PHe(t), PHe+(t) und PHe2+(t), ermittelt, indem die

gekoppelten Ratengleichungen gelöst werden

dPHe
dt

=− ΓHe⇒He+(t)PHe(t) (5.3)

dPHe+

dt
=ΓHe⇒He+(t)PHe(t)− ΓHe+⇒He2+(t)PHe+(t) (5.4)

dPHe2+

dt
=ΓHe+⇒He2+(t)PHe+(t). (5.5)

Dabei ist Γnlm(t) die quasistatische Ionisationsrate mit Γ(t) = ΓTBI(t)Γnlm(t) mit der ADK-

Rate Γnlm, die auch von der Drehimpulsquantenzahl l und der Bahndrehimpulsquantenzahl

m der Elektronen des Atoms abhängt (siehe Kap. 2.4) [34]. Der Faktor ΓTBI ist wie in Kap. 4

die von Tong et al. vorgeschlagene empirische Korrektur der Überschätzung der Ionisation bei
hohen Feldstärken nahe der Barrier-Supression-IonisationΓTBI = exp

(
−α2Z

κ2
|E|
κ3

)
[126; 127].

Das Ionisationspotential des jeweiligen Ladungszustandes geht durch die Gröÿe κ =
√

2|IP |
ein. Eine Übersicht über die relevanten Parameter ist in Tabelle 5.1 dargestellt.

Atom |IP |(eV ) Z l Cnl |m| α

He 24,59 1 0 3,13 0 7

He+ 54,54 2 0 5,66 0 6

Tabelle 5.1: Parameter für die Berechnung der Ionisationsrate [126; 127].

Um die Anzahl der Elektronen im Atom, die zur Ionisationswahrscheinlichkeit beitragen kön-

nen, zu berücksichtigen, muss die Ionisationsrate mit der Anzahl der Elektronen des jeweiligen

Ladungszustandes multipliziert werden [157]. Für das neutrale Heliumatom im ersten Ionisa-

tionsschritt heiÿt das

ΓHe⇒He+ = 2ΓTBIHe(t)PHe(t). (5.6)
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Für den zweiten Ionisationsschritt ist dieser Faktor nur halb so groÿ, da das Heliumion He+

ein Einelektronensystem ist.

Aus der Lösung der Ratengleichung für ein gegebenes Laserfeld mit der Elliptizität ε, der ma-

ximalen Feldstärke F0, Pulsdauer τ0 und der CEP φ0 folgen die zeitabhängigen Wahrschein-

lichkeiten, PHe(t), PHe+(t) und PHe2+(t), die angeben, zu welchem Anteil sich das Atom in

diesen Ladungszuständen be�ndet.

Für die Ionisationszeiten wird eine auf Zufallszahlen basierende Verteilung erstellt, die den

Ergebnissen der Ratengleichungen folgen (siehe Gl. 5.5) und den zugrunde liegenden kausalen

Zusammenhang erfüllen: Das zweite Elektron muss nach dem ersten Elektron ionisiert wer-

den, tHe⇒He
+

1 < tHe
+⇒He2+

2 . Um dies sicher zu stellen, wird zuerst die Ratengleichung gelöst,

um die zeitabhängige Ionisationsrate dPHe1+/dt für den ersten Ionisationsschritt zu erhalten.

Dann wird eine Ionisationszeit auf Basis dieser Lösung bestimmt, tHe⇒He
+

1 . Für diese Ionisa-

tionszeit der ersten Ionisation tHe⇒He
+

1 werden die Ratengleichungen noch einmal mit neuen

Startbedingungen PHe(tHe⇒He
+

1 ) = 0, PHe1+(tHe⇒He
+

1 ) = 1 und PHe2+(tHe⇒He
+

1 ) = 0 gelöst.

Mit dem Ergebnis kann die zweite Ionisationszeit tHe
+⇒He2+

2 ermittelt werden.

Der Impuls des He2+-Ions pion nach der Doppelionisation wird dann aus der Summe der

Impulse der beiden emittierten Elektronen berechnet pion = −(p1 + p1). Da sowohl eine

Anfangsgeschwindigkeit der Elektronen nach der Tunnelionisation als auch jede Coulomb-

Interaktion zwischen den beiden Elektronen oder der Elektronen mit dem Ion vernachlässigt

werden, sind die Driftimpulse der Elektronen durch das Vektorpotential an den Ionisations-

zeitpunkten gegeben pe = −A(t) (siehe Gl. 2.16 in Kap. 2.7). Es giltA(t) = −
∫ t
∞E(t′)dt′. Der

Impuls des He2+-Ion kann aus der Summe der Vektorpotentiale an den Ionisationszeitpunkten

berechnet werden, pion = A(tHe⇒He
+

1 ) +A(tHe
+⇒He2+

2 ).

Diese Berechnungen werden für eine groÿe Anzahl von Ionisationsereignissen für verschiedene

Intensitäten entsprechend der dreidimensionalen Intensitätsverteilung im Laserfokus wieder-

holt [149]. Die Beiträge der verschiedenen Feldstärken zu dem Ensemble von Ionenimpulsen

ergeben sich aus der Ionisationswahrscheinlichkeit sowie der relativen Häu�gkeit, mit der diese

Feldstärke im Laserfokus auftritt [75].

Für die Simulation wurden die Parameter so gewählt, dass sie den experimentellen Bedin-

gungen von Schö�er et al. entsprechen [149]. Die Elliptizität war ε = 0.95 und die Zentral-

wellenlänge betrug 750 nm. Für den Vergleich der Simulationen mit dem Experiment wurde

ein fokussierter Gauÿscher Strahl mit einer Rayleigh-Länge von 200µm angenommen. Um die

CEP-Au�ösung sicherzustellen, wurde im Experiment der Gasjet mit einer Dicke von 20µm

in einem Abstand von 150µm vom Laserfokuspunkt positioniert. Dessen Lage wurde in den

Simulationen berücksichtigt. Bei der Angabe der Intensität ist dies zu beachten, da durch die

Verschiebung des Gasjets die e�ektive Intensität im Vergleich zur maximalen Fokusintensität

stark reduziert wird. Die CEP-Mittelung aufgrund der Gouy-Phase wurde bei der Berechnung

vernachlässigt, da der Gasjet viel kürzer als die Rayleigh-Länge war.

5.3.4 Vergleich von Experiment und Simulation

Die Ergebnisse der CTMC-Simulationen sind in Abb. 5.4 mit den experimentellen Ergebnissen

von Schö�er et al. verglichen [149]. Eine gute Übereinstimmung zwischen den gemessenen und
den simulierten Impulsverteilungen wird für eine Pulsdauer von τ0 = 4.38 fs (φ(2) = 0, φ(3) =

0, λ0 = 750 nm, ε=0.95) in der Simulation erreicht. Diese Pulsdauer ist etwas kürzer als die
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Abbildung 5.4: Gemessene und simulierte He2+ Impulsverteilungen (integriert über alle Werte

der CEP) in Richtung von pz (a) und px (b), gemessene Verteilung in der Polarisationsebene

(c), integriert über alle Werte der CEP für eine Pulsdauer von τ0 = 4.5 fs und eine Inten-

sität von I = 1×1016 W/cm2. (e) und (g) zeigen die Verteilung wie in (c) für CEP=0 bzw.

CEP=π/2, wobei die CEP über ±5◦ gemittelt wurde. (d), (f) und (h) zeigen die entspre-

chenden Ergebnisse der CTMC-Simulation für die Impulsverteilungen, wobei die Pulsdauer

τ0 = 4.38 fs und die Intensität I = 9.6×1015 W/cm2 gewählt wurde. (i) und (j) stellen die

Abhängigkeit von der CEP für die gemessene bzw. simulierte Verteilung entlang pz (über alle

anderen Richtung integriert) dar. Die CEP der Messung wurde so angepasst, dass die Ergeb-

nisse der Simulation und der Messung an den Maxima der Zählrate bei kleinen Impulsen gut

übereinstimmen.
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im Experiment gemessene, liegt aber immer noch innerhalb der Unsicherheit der Messwerte

(τ = 4.5 fs, φ(2) ≈ 0, φ(3) ≈ 0, λ0 = 750 nm, ε = 0.95).

Die für die Übereinstimmung mit den Messdaten erforderliche Spitzenintensität in der Simu-

lation wurde durch Abgleich des maximalen Impulsbetrages der Ionenimpulsverteilung im Ex-

periment und in der Simulation ermittelt. Dies basiert wieder auf der Beziehung zwischen dem

Elektronenimpuls und dem Vektorpotential des Laserfeldes p1,2 = −A(t1,2) (siehe Gl. 2.16).

Die beste Übereinstimmung wurde für I0 = 7.4×1016 W/cm2 gefunden. Dabei ist zu beachten,

dass im Experiment die Laserfokusposition auÿerhalb des Gasjets lag. Daher war die Intensität

an der Position des Gasjets deutlich geringer als im Fokus. Unter Verwendung der Notation

von Schö�er et al. [149] entspricht die Intensität im Durchschnitt I = 9.6×1015 W/cm2 in-

nerhalb der begrenzten räumlichen Ausdehnung des Gasjets, das nur einen kleinen Teil des

Fokusvolumens in der Messung auswählt. Dieses Ergebnis ist in sehr guter Übereinstimmung

mit dem experimentellen Wert von I = 1×1016 W/cm2 [149].

Besonders auffallend ist die Übereinstimmung für die CEP-integrierte Ionenimpulsverteilung

in der Polarisationsebene (siehe Abb. 5.4 (a)�(d)). Die wesentlichen Merkmale der gemesse-

nen Verteilung, einschlieÿlich der Aufspaltung der 4-Peak-Struktur in eine 6-Peak-Struktur,

werden durch die Simulationen reproduziert. Sogar die CEP-aufgelösten Ergebnisse, die in

Abb. 5.4 (e)�(h) verglichen werden, stimmen gut überein. Allerdings sind kleine Unterschiede

auffällig, die durch die Pfeile in Abb. 5.4 (g)�(h) markiert sind. Diese Abweichungen übertra-

gen sich auf ein entsprechendes Merkmal in der CEP-aufgelösten Impulsverteilung entlang pz,

wie ein Vergleich von Abb. 5.4 (i) mit Abb. 5.4 (g) zeigt.

Es stellt sich die Frage ist, ob diese Struktur eventuell auf korrelierte Doppelionisation zu-

rückzuführen ist. Die folgende eingehende Analyse zeigt, dass dies nicht der Fall ist. Um diese

Frage zu klären und einen besseren Einblick in die zu Grunde liegende Doppelionisationsdy-

namik zu gewinnen, werden die Ein�üsse verschiedener Parameter auf die Impulsverteilungen

im Detail betrachtet.

5.3.5 Ein�uss der Pulsparameter auf die Impulsverteilung

In dem vorangegangenen Kapitel wurde die Tauglichkeit des Modells durch die Reproduktion

der gemessenen Ionenimpulsverteilungen bestätigt. Dies umfasste sowohl die CEP-integrierten

als auch die CEP-aufgelösten Verteilungen. Nun kann der Ein�uss der verschiedenen Pulspa-

rameter (I, τ0, φ(2), φ(3)) auf die simulierten Verteilungen untersucht werden.

Dabei ist anzunehmen, dass die CEP-aufgelösten Verteilungen besonders sensitiv auf Verän-

derungen der Pulsparameter sind. Der Grund ist, dass die erste Ionisation typischerweise bei

viel niedrigeren Feldstärken statt�ndet. Die Ionisation des ersten Schrittes erfolgt damit früh

in der ansteigenden Flanke des Pulses, deren Form sensitiv auf die Laserparameter ist. Im

Vergleich zu Simulationen der Einfachionisation erhöht sich daher für die Doppelionisation

die erforderliche Genauigkeit mit der die Pulsform für eine möglichst exakte Modellierung

experimenteller Ergebnisse bekannt sein muss. Der zweite Ionisationsschritt �ndet dagegen

überwiegend im glatten und �achen Bereich um das Pulsmaximum statt.

Darüber hinaus kann die zeitliche Verschiebung der spektralen Komponenten, die durch einen

Chirp des Laserpulses hervorgerufen wird, die Ionisationsdynamik stark beein�ussen. Dies

wird besonders durch die Eigenschaften des Experiments relevant. Die Methode zur Erzeugung

von Pulsen mit wenigen Zyklen basiert auf der spektralen Verbreiterung der eingehenden
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Pulse durch die ionisationsinduzierte Plasmanichtlinearität sowie Kerr-Nichtlinearität in einer

gasgefüllten Hohlfaser [162; 163] (siehe Kap. 8.3.3). Nach der spektralen Verbreiterung wird

die erzeugte spektrale Phase mit Hilfe von dielektrischen Vielschichtspiegeln kompensiert, um

ein Feld mit wenigen Zyklen zu erzeugen. Es muss beachtet werden, dass diese Kompensation

in der Regel nicht perfekt ist, sodass nur eine Kombination von Chirp zweiter und dritter

Ordnung minimiert wird und somit ein gewisser Anteil an nichtlinearem Chirp unkompensiert

bleibt .

Auÿerdem sind die resultierenden Spektren typischerweise nicht perfekt gauÿförmig, sondern

weisen starke spektrale Modulationen in der Intensität auf [164]. Dies führt oft zu ausgepräg-

ten Vor- und/oder Nachpulsen, die leicht Intensitätsamplituden von 10 % des Hauptpulses

erreichen können [165].

5.3.5.1 Abhängigkeit von der Pulsdauer

Bevor die Abhängigkeit der SDI von kleinen Änderungen der Pulsdauer im Few-Cycle-Regime

diskutiert wird, soll im Folgenden der grundsätzliche Unterschied in der Doppelionisation mit

ultrakurzen und mit langen Pulsen veranschaulicht werden.

Bei langen Pulsen ist die Ionisationswahrscheinlichkeit jedes Ionisationsschrittes über viele

Laserzyklen verteilt (siehe Abb. 5.5). So ist die Anzahl der Elektronen, die in positiver oder ne-

gativer Richtung emittiert werden, nahezu identisch und die Impulsverteilungen für das erste

und das zweite emittierte Elektron sind auch bei fester CEP symmetrisch (siehe Abb. 5.5 (e)).

Dies führt zu einer symmetrischen Impulsverteilung der Ionen (siehe Abb. 5.5 (a)). Wie in (c)

gezeigt, entfernt die lange und langsam variierende Pulseinhüllende jede Korrelation zwischen

der Phase des Laserfeldes zum Zeitpunkt des ersten und zweiten Ionisationsschrittes. Die klas-

sischen Zeitpunkte, zu denen das erste und zweite Elektron im Kontinuum geboren werden,

sind nicht miteinander verbunden.

Im Gegensatz dazu werden bei Laserpulsen mit wenigen Zyklen die Ionisationswahrschein-

lichkeiten beider Ionisationsschritte in einen einzigen Zyklus oder sogar in einen einzigen

Halbzyklus des Feldes konzentriert (siehe Abb. 5.5 (d)). Das zirkular polarisierte Feld ändert

sich schnell in Amplitude und Richtung und beschreibt in der ansteigenden Puls�anke eine

Auswärtsspirale des elektrischen Feldvektors. Daher nimmt die beobachtete Photoelektro-

nenimpulsverteilung die Form einer Spirale an und wird asymmetrisch, siehe Abb. 5.5 (f). Je

kürzer der Puls, desto stärker ist die Verknüpfung der Ionisationszeiten und der entspre-

chenden Elektronenimpulse, was zu einer asymmetrischen Ionenimpulsverteilung führt (siehe

Abb. 5.5 (b)).

Für das Limit eines einzelnen beitragenden Halbzyklus und einer festen CEP ist die erste

Elektronenemission auf einen sehr kleinen Winkelsektor beschränkt, und der Bereich der Zeit-

punkte des zweiten Ionisationsereignisses und die daraus resultierenden Emissionsrichtungen

sind extrem sensitiv auf die Form des elektrischen Feldes.

Die Simulation der Pulsdauerabhängigkeit vom Few-Cycle-Pulsen zu langen Pulsen in Abb. 5.6

zeigt, wie die Hauptmerkmale der Ionenimpulsverteilung von der Pulsdauer τ0 abhängen, wo-

bei immer noch φ(2) = 0, φ(3) = 0 angenommen wird. Die Abb. 5.6 (a) zeigt einen Schnitt durch

die Ionenimpulsverteilung um eine Region px = 0. Die Verteilung beginnt bei einer 4-Peak-

Struktur für sehr kurze Pulse, wandelt sich in eine 6-Peak-Struktur nahe der im Experiment

verwendeten Pulsdauer (τ ≈ 4.5 fs) und wechselt zurück zu einer 4-Peak-Struktur für längere
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Abbildung 5.5: Vergleich der SDI von Helium mit einem langen und einem kurzen Laser-

puls: Simulationsergebnisse für einen langen (30 fs) (links) und einen sehr kurzen Puls (3.5 fs)

(rechts) mit einer CEP=[-5◦,5◦]: (a) und (b) zeigen die Ionenimpulsverteilungen, (c) und (d)

die Ez-, Ex-Komponenten und Einhüllende des Laserfeldes mit den Ionisationszeiten für die

beiden Elektronen. (e,f) Impulsverteilungen des ersten und zweiten emittierten Elektrons.

Pulse. Wie in Abb. 5.6,(b) gezeigt, manifestiert sich dieses Verhalten in einer pulsdauerabhän-

gigen Breite der Verteilung, die mit der Varianz µ2 von pz charakterisiert werden kann. Zur

weiteren Veranschaulichung der Pulsdauerabhängigkeit sind Beispiele der CEP-integrierten

Ionenimpulsverteilung für ausgewählte Pulsdauern in Abb. 5.6 (c) dargestellt.

Das Extrahieren der beiden Elektronenemissionszeiten aus der Simulation (siehe Abb. 5.6 (f))

zeigt, dass sich die Ionisationswahrscheinlichkeit für das zweite Elektron über zwei Laserzyklen

erstreckt und die gemessene 6-Peak-Struktur verursacht. Bei längeren Laserpulsen wird die

zweite Elektronenemission über mehrere Zyklen verteilt und die 6-Peak-Struktur kehrt zu

einer 4-Peak-Struktur zurück.

Mit den Elektronenimpulsen pz1 und pz2 kann die τ0-Abhängigkeit der CEP-integrierten Im-

pulskoinzidenzverteilung des ersten und zweiten emittierten Elektrons untersucht werden (sie-

he Abb. 5.6 (d)). In dieser Darstellung be�ndet sich die parallele Emission beider Elektronen

in die gleiche Hemisphäre (äuÿerer Ring in Abb. 5.6 (c)) im ersten und dritten Quadranten,

während die antiparallele Elektronenemission (innerer Ring) im zweiten und vierten Quadran-

ten liegt. Für 3.5 fs existiert nur ein sehr enger Bereich antiparalleler Impulskombinationen

von pz1 und pz2, (zweiter und vierter Quadrant). An dieser Stelle �ndet für eine Pulsdauer

von 4 fs eine Aufspaltung für die antiparallele Emission statt, die mit den Beobachtungen der

6-Peak-Struktur übereinstimmt. Sie verschwindet für τ0 länger als 5 fs.

Die Strukturen im ersten und dritten Quadranten, die der parallelen Zweielektronenemissi-
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Abbildung 5.6: Simulierte Pulsdauerabhängigkeit der über die CEP integrierten He2+-

Impulsverteilungen (I = 9.6×1015 W/cm2, φ(2) = 0, φ(3) = 0): (a) Ionenimpulsverteilung

entlang pz für |px| < 2 a.u. als Funktion der Pulsdauer, (b) Pulsdauerabhängigkeit der Va-

rianz µ2 von pz, (c) Ionenimpulsverteilung für verschiedene Pulsdauern, (d) Koinzidenzkarte

entlang pz des Impulses des ersten gegenüber dem zweiten emittierten Elektrons, (f) Ionisati-

onszeiten für alle (durchgezogene Linie) CEPs und für CEP von 0 (gestrichelt Linie) und π/2

(gepunktete Linie) des ersten und des zweiten emittierten Elektrons.

on entsprechen, sind unabhängig von der Pulslänge (siehe Abb. 5.6 (d)). Damit ist auch die

Form des äuÿeren Rings in der Ionenimpulsverteilung unabhängig von der Pulsdauer (siehe

Abb. 5.6 (c)).

Diese Analyse der Richtungen der Elektronenemissionen setzt einige Fragezeichen an die Inter-

pretation von gemessenen Elektronenkoinzidenzdaten für die Doppelionisation von Argon mit

7 fs-Pulsen [156], die sich eventuell auch mit einem sequentiellen Ablauf der Doppelionisation

und damit ohne Elektronen-Elektronen-Korrelationse�ekte erklären lassen.

Eine weitere Beobachtung in Abb. 5.6 ist, dass t1, und damit p1, bemerkenswert unemp�ndlich

auf die Pulsdauer sind, da dieser Ionisationsschritt vollständig gesättigt ist. Dagegen ist t2 sehr

sensitiv auf Änderungen von τ0 und der CEP, sodass eine Steuerbarkeit der Doppelionisation

auf der Subzyklenzeitskala möglich ist (siehe Abb. 5.6 (f)).

5.3.5.2 Abhängigkeit von der Intensität

Wie im vorherigen Abschnitt gezeigt, erfordert die Existenz der 6-Peak-Struktur, dass die

zweite Elektronenemission über mehr als einen optischen Zyklus verteilt ist, während die

erste Elektronenemission im Wesentlichen innerhalb eines einzigen Halbzyklus gesättigt wird.

Ist die Intensität fest eingestellt, kann diese Bedingung durch Anpassung der Laserpulsdauer

erfüllt werden. Alternativ kann bei einer festen Pulsdauer ein ähnliches Verhalten durch die

Veränderung der Intensität erreicht werden, wie an der Intensitätsabhängigkeit des Schnittes

durch die Ionenimpulsverteilungen um eine Region px = 0 in Abb. 5.7 (a) und (b) im Vergleich

zu Abb. 5.6 (a) deutlich wird. In den gemessenen Verteilungen ist der Übergang von 4 zu 6
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Abbildung 5.7: Abhängigkeit der He2+-Impulsverteilungen von der Intensität der Laserpulse

bei einer Pulsdauer von τ0=4.38 fs (φ(2) = 0, φ(3) = 0) für das Experiment (a) und die

Simulation (b). Die Abbildungen zeigen einen Schnitt der Impulsverteilung in Abhängigkeit

der py-Kompomente um eine Region mit px = 0. Dabei wurden die Ionisationsereignisse

über |px| < 2 a.u. sowie über alle Werte der CEP summiert. Für jede Intensität wurde die

Verteilung auf das Maximum normiert. Die Intensitätswerte geben die maximale Intensität

an der Position des Gasjets an [149].

und zurück zu 4 Peaks für die Erhöhung der Intensität ähnlich wie bei der Erhöhung der

Pulsdauer τ0 zu beobachten.

Wie die Pulsdauerabhängigkeit kann diese Beobachtungen für die Intensitätsabhängigkeit da-

durch erklärt werden, dass mit zunehmender Intensität mehr Halbzyklen zur Ionisation des

zweiten Elektrons beitragen. Im Gegensatz zu den Messergebnissen bleibt in den simulierten

Ionenimpulsverteilungen die 6-Peak-Struktur auch bei sehr hohen Intensitäten sichtbar (siehe

Abb. 5.7). Der Grund für die Diskrepanz zwischen gemessenen und simulierten Verteilungen

für hohe Intensitäten bleibt unklar. Jedoch wurden hier nur Pulse mit perfekt kompensierter

spektraler Phase berücksichtigt.

Eine weitere Beobachtung ist, dass die intensitätsabhängige Varianz µ2 monoton mit I zu-

nimmt. Dies folgt daraus, dass der zweite Ionisationsschritt bei höheren Intensitäten statt�n-

det und damit das zweite emittierte Elektron ein gröÿeres Vektorpotential erfährt.

5.3.5.3 Abhängigkeit von der spektralen Phase zweiter Ordnung

Ein weitere Möglichkeit zur Steuerung der Subzyklenemission in der SDI ist der Chirp zweiter

Ordnung φ(2) des Laserfeldes. Die Abbildung 5.8 vergleicht die φ(2)-Abhängigkeit der gemes-

senen und simulierten Ionenimpulsverteilungen bei fester Spitzenintensität entlang pz. In der

Messung wurde φ(2) durch Hinzufügen von Glas in den Strahlengang variiert und dabei die

Laserpulsenergie angepasst, um die Spitzenintensität konstant zu halten [149]. Das hinzuge-

fügte Glas führt zu einer erhöhten Pulsdauer, lässt aber das Spektrum unverändert. Durch

den Anstieg von φ(2) wird die Laserfrequenz während des Laserpulses zeitabhängig.

Die gemessenen Ionenimpulsverteilungen weisen einen Übergang zwischen 4 und 6 Peaks auf,
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Abbildung 5.8: Abhängigkeit der CEP-integrierten He2+-Impulsverteilungen vom Chirp (φ(2)).

(a) Gemessene Breite und (b) die ganze Verteilung integriert über |px| < 2 a.u. als Funktion

der spektralen Phase zweiter Ordnung, (c) wie (a) und (d) wie (b) für die Simulation mit

τ=4.38 fs (φ(3) = 0). (e) Vektorpotential für einen Laserpuls mit negativen und positiven φ(2),

(f) Ionenimpulsverteilung für positiven und negativen φ(2).

der von der Simulation gut reproduziert wird, siehe Abb. 5.8 (d). Der Übergang kann mit

ähnlichen Argumenten wie für die Pulsdauerabhängigkeit erklärt werden. Das heiÿt, der erste

Ionisationsschritt ist gesättigt und der zweite Schritt wird über eine steigende Anzahl von

optischen Zyklen verteilt, während φ(2) erhöht und der Puls gestreckt wird.

In der Simulation wurden auch negative φ(2) berücksichtigt. Die resultierenden Ionenimpuls-

verteilungen und die µ2-Evolution zeigen einen interessanten E�ekt. Für negative φ(2), siehe

Abb. 5.8 (c), ist die Varianz µ2 wesentlich kleiner als für positive φ(2) des gleichen absoluten

Wertes. Dies geht einher mit weiteren vom Chirp abhängigen Merkmalen der Verteilung, siehe

Abb. 5.8 (d).

Der E�ekt lässt sich dadurch erklären, dass der Chirp einen zeitabhängigen Frequenzablauf

induziert, der sich in zeitabhängige Elektronenimpulse übersetzt. Dies folgt daraus, dass die

Ionisationszeitpunkte t0 und die Impulse der Elektronen p über das Vektorpotential am Zeit-

punkt t0 durch die Relation p = −A(t0) verknüpft sind. Ist die ansteigende Flanke des

Laserpulses blau-verschoben (φ(2) < 0), erfährt das erste emittierte Elektron ein kleineres

Vektorpotential und erhält dadurch einen geringeren Impuls. Das zweite Elektron, das um das

Maximum des Pulses herum emittiert wird, wo die Trägerfrequenz im Vergleich zu ungechirp-

ten Pulsen unverändert bleibt, erfährt dagegen keine solche Impulsverschiebung. Umgekehrt

erhält bei einer rot-verschobenen (φ(2) > 0) Vorder�anke des Laserpulses das erste Elektron
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aufgrund des gröÿeren Vektorpotentials einen gröÿeren Impuls.

Der Ein�uss des Chirps φ(2) aufA wird in Abb. 5.8 (e) visualisiert, welche A für einen gechirp-

ten Puls mit Gauÿscher, und damit symmetrischer, Einhüllenden des elektrischen Feldes, E(t)

zeigt. Aufgrund der Beziehung, A(t) = −
∫ t
−∞E(t′)dt′, ist die Einhüllende des Vektorpoten-

tials asymmetrisch. Der Ionenimpuls, pion, ist die Summe beider Elektronenimpulse. Daraus

folgt, dass wenn p2 mehr oder weniger gleich bleibt, während p1 durch die Frequenzen an

der Vorder�anke des Laserpulses gesteuert wird, die Verteilung der resultierenden pion für

Pulse mit positiven oder negativen φ(2)-Werten breiter oder schmaler ist. Dies ist jeweils in

Übereinstimmung mit der Chirp-abhängigen Breite der Verteilung in Abb. 5.8 (c).

5.3.5.4 Abhängigkeit von der spektralen Phase dritter Ordnung

Es ist bekannt, dass Few-Cycle-Laserpulse Vor- und Nachpulse aufweisen können, die mögli-

cherweise Ein�uss auf die Doppelionisationsdynamik nehmen (siehe Kap. 5.3.5). Einen zwar

qualitativen, aber systematischen und gut kontrollierbaren Zugang zu Vor- und Nachpulsen

ermöglicht eine Untersuchungen der spektralen Phase dritter Ordnung (TOD) φ(3).

Im Gegensatz zu der spektralen Phase zweiter Ordnung φ(2) führt die Phase φ(3) zu einer

asymmetrischen Pulsform. Eine positive TOD erzeugt eine Pulseinhüllende, die neben ei-

nem asymmetrischen Hauptpuls mit steil abfallender Flanke eine Folge von Nachpulsen mit

abnehmender Intensität aufweist. Das Ändern des Vorzeichens der TOD kehrt die zeitliche

Reihenfolge dieser Pulseinhüllenden um (siehe Abb. 5.9 (g)). Obwohl diese Satellitenpulse nur

einen Bruchteil der Amplitude des Hauptpulses haben, beein�ussen sie die SDI-Dynamik,

indem sie die Ionisationszeiten signi�kant verändern.

Die Abbildung 5.9 (d) zeigt die simulierten Ionenimpulsverteilungen für verschiedene Werte

der TOD, wobei alle anderen Parameter konstant gehalten wurden (I = 9.6×1015 W/cm2,

τ0 = 4.38 fs, φ(2) = 0). Eine TOD von ±180 fs3 führt zu FWHM-Pulsdauern des Hauptpulses

von bis zu 8 fs. Mit zunehmender TOD verschwindet die 6-Peak-Struktur schnell und es wird

nur eine 4-Peak-Struktur beobachtet. Damit ist die gemessene 6-Peak-Struktur mit hoher

Wahrscheinlichkeit nicht auf Vor- oder Nachpulse zurückzuführen.

Ähnlich wie bei den Variationen von φ(2) unterscheiden sich die Ionenimpulsverteilungen für

verschiedene Vorzeichen der spektralen Phase φ(3), da φ(3) eine asymmetrische Form der

Pulseinhüllenden und damit auch ein asymmetrisches Vektorpotential verursacht. Die Analyse

der φ(3)-Abhängigkeit der Breite der Verteilung in Abb. 5.9 (c) zeigt, dass das Maximum der

Breite in Richtung negativer Werte verschoben ist. Dies könnte durch eine steilere Steigung der

Vorder�anke der Einhüllenden des Hauptpulses erklärt werden, die für einen kleinen Betrag

von negativen φ(3) auftritt. Für diese Pulsform werden beide Ionisationsereignisse zeitlich

näher zusammengeschoben.

Für einen stärkeren negativen TOD, der bei Werten von −50 fs3 beginnt, spielen die Vorpulse

eine wichtige Rolle. Wie Abb. 5.9 (h) für φ(3) = −70 fs3 zeigt, wird der erste Ionisationsschritt

zwischen dem Hauptpuls und dem Vorpuls aufgeteilt, was zu einer bimodalen Impulsvertei-

lung des ersten emittierten Elektrons führt (siehe Abb. 5.9 (i)) Interessanterweise wird diese

Aufteilung der Elektronenimpulsverteilung nicht in eine zusätzliche Aufspaltung der Ionen-

impulsverteilung übersetzt, da nur die typische 4-Peak-Struktur in der entsprechenden CEP-

integrierten Ionenimpulsverteilung beobachtet wird, siehe Abb. 5.9 (e). Da die Impulse von

pion sich aus der Faltung der Verteilungen von p1 und p2 ergeben, verschmiert die Aufteilung
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Abbildung 5.9: Simulierte Abhängigkeit der He2+-Impulsverteilungen von der spektralen Pha-

se dritter Ordnung (φ(3)) für einen Laserpuls mit τ = 4.38 fs (φ(2) = 0): (a) wie in Abb. 5.4

für einen Laserpuls φ(3) = 70 fs3, (b) CEP-Abhängigkeit der Impulsverteilung in Richtung

von pz für φ(3) = 70 fs3 (summiert über die anderen Impulskomponenten), (c) Varianz der

Verteilung entlang pz in Abhängigkeit von φ(3), (d) Impulsverteilung summiert über |px| < 2

a.u. in Abhängigkeit von φ(3), (e) wie (a) für φ(3) = −70 fs3, (f) wie (b) für φ(3) = −70 fs3,

(g) Einhüllende der Intensität für φ(3) = −70 fs3, (h) Ionisationszeiten des ersten und zweiten

emittierten Elektrons (summiert über alle Werte der CEP), (i) Impulsverteilungen des radia-

len Impulses, pr =
√

(p2
z + p2

x), des ersten und zweiten Elektrons (summiert über alle Werte

der CEP).

von p1 in der endgültigen Impulsverteilung von pion.

Ein weiterer interessanter E�ekt, der in Abb. 5.9 (e)�(i) gezeigt wird, ist, dass die erhöhte

Amplitude von Vorpulsen für gröÿere negative TODmit dem Auftreten von zusätzlichen Peaks

in der CEP-aufgelösten Ionenimpulsverteilung zusammenfällt. Diese Peaks sind den in der

Messung beobachteten CEP-abhängigen Merkmalen sehr ähnlich, die von den Simulationen

mit Fourier-limitierten Pulsen (siehe Kap. 5.3.4) nicht reproduziert werden, siehe Abb. 5.4 (g)�

(j). Vergleicht man Abb. 5.4 (i) und Abb. 5.9 (e) zeigt sich, dass für φ(3) = −70 fs3 ein ähnliches

Merkmal über einen groÿen Bereich von CEPs in der Verteilung bei pz ≈ 5 a.u. beobachtet

werden kann (markiert durch die Pfeile). Für die CEP-integrierte Ionenimpulsverteilung, die

mit negativem φ(3) erhalten wurde, verschmelzen die 6 Peaks jedoch fast vollständig zu einer

4-Peak-Struktur.

Somit ist es für den hier untersuchten Parameterbereich nicht möglich, durch Variation einzel-

ner Parameter eine vollständige Übereinstimmung zwischen Simulation und Messung sowohl

für die CEP-aufgelösten als auch für die CEP-integrierten Verteilungen zu erzielen. Dies deutet

darauf hin, dass die in dem Experiment beobachteten Merkmale (siehe Abb. 5.4) wahrschein-

lich durch kleine Abweichungen von einer vollkommen �achen spektralen Phase verursacht

werden.



Kapitel 6

Das HeH+-Molekül: Der

heteronukleare Grenzfall der

Starkfeldionisation

Die laserinduzierte Fragmentation des grundlegendsten polaren Moleküls, dem Heliumhydrid-
molekülion HeH+, wird für eine Reihe von Wellenlängen, Intensitäten und Isotopen unter-
sucht. Im starken Gegensatz zu symmetrischen Molekülen zeigen Experiment und Theorie für
HeH+, dass in diesem Molekül die Anregung von Vibrationszuständen und nicht die elektro-
nische Anregung die Fragmentation entscheidend beein�usst.

6.1 Einleitung

6.1.1 Das HeH+-Molekül als asymmetrisches Molekül

Das Verständnis und die Kontrolle von chemischen Bindungen in Molekülen ist eines der

groÿen Anliegen der Naturwissenschaften. Die Chemie klassi�ziert die Bindungen danach, wie

stark und in welche Richtung die Elektronen zwischen den beteiligten Atomen verschoben

sind, da dies maÿgeblich die Eigenschaften und Reaktionen eines Moleküls bestimmt.

Das Lehrbuchbeispiel für den Grenzfall einer perfekt symmetrischen Verteilung der Elektronen

ist das Wassersto�molekülion H+
2 . Von ebenso hoher Bedeutung für das Verständnis ist der

andere Extremfall, bei dem die Elektronen einer chemischen Bindung stark asymmetrisch

verteilt sind, aber dennoch eine stabile Verbindung formen.

Den Prototyp für diese Situation �ndet man im HeH+-Molekülion, dem einfachsten hetero-

nuklearen polaren Molekül. Dieses System weist eine hohe elektronische Asymmetrie auf, da

die Elektronen stark auf der Seite des Heliumkerns lokalisiert sind.

Das HeH+ stellt aus einer Reihe von Gründen ein besonders bemerkenswertes Molekül dar.

Als Ion bildet es eine stabile Verbindung, obwohl Edelgase im Vergleich zu allen anderen

Elementen kaum chemische Bindungen eingehen und das neutrale HeH-Molekül instabil ist.

Der erste experimentelle Nachweis des HeH+-Moleküls gelang im Jahr 1925 Hogness und Lunn,

die im Massenspektrum eines ionisierten Gasgemisches aus Helium- und Wassersto�gas das

HeH+ detektierten [166].

Als einfachstes heteronukleares Molekül ist das HeH+ für das Verständnis von Molekülbin-

65
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dungen und Elektronenkorrelationen wichtig [167]. Darüber hinaus hat das HeH+ eine ent-

scheidende Bedeutung für die Chemie astronomischer Objekte und insbesondere für das Ver-

ständnis des frühen Universums. Aufgrund der hohen Bindungsenergie und seiner Bestandteile

Wassersto� und Helium, den ersten beiden Elementen im Universum sowie den Elementen

mit der gröÿten Häu�gkeit, wird angenommen, dass das HeH+ das erste Molekülion nach der

Entstehung des Universums war [23]. Es gibt zahlreiche Vorhersagen über die Existenz des

Moleküls in vielen astronomischen Objekten, wie planetarischen Nebeln [168], weiÿen Zwer-

gen [169] oder metallarmen Sternen [170]. Ein groÿes Rätsel ist daher, warum das Molekül

bisher in astronomischen Spektren nicht nachgewiesen werden konnte [171].

Ebenfalls interessant ist, dass das Isotop HeT+ eine wichtige Rolle für die Bestimmung der

Masse des Elektronneutrinos hat. Eines der emp�ndlichsten Experimente zur Bestimmung der

Neutrinomasse stellt die Messung des Elektronenspektrums des β−-Zerfalls von T2 dar [172].

Die Interpretation des gemessenen Elektronenspektrums hängt aufgrund von T2 −→3
1HeT

+ +

ν̄e + e− auch von der genauen Kenntnis der elektronischen Zustände des Reaktionsproduktes

HeT+ ab [173].

6.1.2 Das HeH+-Molekül als Modellsystem

Für das Studium des HeH+ in starken Laserfeldern ist besonders die Asymmetrie dieses Mo-

leküls von herausragendem Interesse. Dies wird vor allem im Vergleich zum H+
2 -Molekül deut-

lich, das auch in der Starkfeldphysik von Molekülen eine fundamentale Bedeutung hat und als

Prototyp der Wechselwirkung von Molekülen mit Laserfeldern dient (siehe Kap. 2.8.4). Viele

wichtige E�ekte wurden zuerst für H+
2 beobachtet und erklärt [174]. Der Grund dafür ist, dass

das H+
2 das einfachste molekulare System ist und eine perfekte Symmetrie aufweist. Wesentli-

che Eigenschaften, die in komplexeren Molekülen relevant sind, treten für H+
2 allerdings nicht

auf.

Dagegen besitzt das HeH+ einige Merkmale komplexerer molekularer Verbindungen. Aus der

starken elektronischen Asymmetrie ergibt sich ein permanentes Dipolmoment (siehe Abb. 6.1).

Dies ist ein wesentlicher Unterschied zum H+
2 und beein�usst entscheidend die Kopplung des

Moleküls an ein äuÿeres Feld [175]. Eine weitere Besonderheit besteht in der Tatsache, dass

das HeH+ ein Zweielektronensystem ist.

Während das H+
2 das Referenzsystem für die Beschreibung symmetrischer Moleküle darstellt,

ist das HeH+ das grundlegendste System für asymmetrische Moleküle1. Viele andere polare

Moleküle liegen zwischen diesen beiden Extremfällen, der perfekten Symmetrie in H+
2 und der

extremen Asymmetrie in HeH+.

Aus dem besonderen Stellenwert des HeH+ als Modellsystem ergibt sich an seiner theoreti-

schen Beschreibung ein hohes Interesse. Tatsächlich wurde es in vielen Simulationen als Modell

eines Moleküls in einem starken Laserfeld verwendet, u.a. für die Dissoziation [175; 176], Ioni-

sation [177; 178; 179; 180; 181; 182], Doppelionisation [183; 184; 185] und die Erzeugung von

hohen Harmonischen [186].

Dieser Vielzahl von theoretischen Aktivitäten um HeH+ steht das Fehlen von experimentellen

Ergebnissen gegenüber. Bisher gab es keine Experimente von HeH+ in starken Laserfeldern.

Das einzige Experiment, welches die Wechselwirkung mit Licht behandelte, betrachtete die

1HD+ ist in diesem Sinne kein asymmetrisches Molekül, da es nur eine Massensymmetrie aufweist und

isoelektronisch zu H+
2 ist.
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Einphotonendissoziation von HeH+ bei Photonenenergien von 38,7 eV und wurde an einem

Freie-Elektronen-Laser durchgeführt [187]. Aus diesen Messergebnissen wurde der Wirkungs-

querschnitt für die Einphotonendissoziation extrahiert und detailliert mit theoretischen Ar-

beiten verglichen [173; 188; 189; 190].

Der Grund für die Abwesenheit von Experimenten mit HeH+ ist, dass seine Erzeugung sehr

aufwendig ist. Da die Experimente in der Starkfeld-Laserphysik oft ohnehin sehr anspruchs-

voll sind, wählt man in den meisten Fällen für die Untersuchung der Wechselwirkung von

Molekülen mit Laserfeldern Systeme aus, die relativ einfach aus der Gasphase hergestellt wer-

den können. Auch das Molekülion H+
2 wird typischerweise über Ionisation des Gasmoleküls

H2 in demselben Laserpuls erzeugt, der danach zur Untersuchung des erzeugten Molekülions

genutzt wird [51]. Dies ist für HeH+ nicht möglich, da das neutrale HeH nicht stabil ist. Somit

muss das HeH+ in einer Ionenquelle mit Hilfe eines Gasgemisches aus Helium und Wassersto�

erst hergestellt werden [166; 191; 13].

Eine weitere Besonderheit des HeH+-Moleküls ist, dass die zwei verschiedenen Isotope von

Wassersto� und Helium vier verschiedene Isotopenzusammensetzungen2 des HeH+ ermögli-

chen: 4HeH+, 3HeH+, 4HeD+, 3HeD+. Für Experimente mit starken Laserfeldern bietet sich

die Möglichkeit, systematisch den Ein�uss der Massenverteilung im Molekül zu studieren und

macht dieses System für asymmetrische Laserfelder wie ultrakurze Laserpulse mit de�nierter

CEP sowie Zwei-Farben-Laserfelder besonders interessant.

Aus diesen Eigenschaften des HeH+ ergeben sich als Schwerpunkt dieser Arbeit die wichtigen

Fragen:

• Wie beein�usst die Asymmetrie und das starke permanente Dipolmoment des HeH+ die

Interaktion in einem starken Laserfeld?

• Kann eine Abhängigkeit von den unterschiedlichen Massenverhältnissen der Isotope in ei-

nem Experiment beobachtet werden?

6.1.3 Eigenschaften des HeH+-Moleküls

Das molekulare System des HeH+ besteht aus zwei Kernen und zwei Elektronen. Der elektro-

nische Grundzustand X1Σ+ ist ein bindender Zustand und weist ein Potentialminimum bei

einem Kernabstand von R = 1, 45 a.u. auf (siehe Abb. 6.1 (b)) [192]. Im Fall des 4HeH+ gibt

es 11 gebundene Vibrationszustände [193]. Für den elektronischen Grundzustand ist nahezu

die gesamte elektronische Ladungsverteilung am Heliumion konzentriert (siehe Abb. 6.1 (c)).

Es gibt eine gröÿere Anzahl von angeregten Zuständen [194]. Für den niedrigsten angeregten

Zustand A1Σ+ ist ein Elektron am Proton lokalisiert (siehe Abb. 6.1(c-d)).

Aus der starken Ladungsasymmetrie der Atomkerne des HeH+ folgt, dass die Energieseparati-

on zwischen den beiden relevanten Zuständen X1Σ+ und A1Σ+ auch für R→∞ sehr groÿ ist.

Die Energiedi�erenz beträgt 26 eV am internuklearen Gleichgewichtsabstand. Hinzu kommt,

dass die Dipolkopplung für Abstände, die gröÿer sind als der Gleichgewichtsabstand, sehr

schnell abnimmt [194]. Dies führt insgesamt dazu, dass die Dynamik auf den elektronischen

Grundzustand beschränkt ist und in HeH+ die elektronische Anregung für viele Laserwellen-

längen (~ωL � |UA1Σ+ − UX1Σ+ |) nur eine geringe Wahrscheinlichkeit besitzt [175].

Wie bereits erläutert, bewirkt die Ladungsverteilung von HeH+ (siehe Abb. 6.1 (a)), dass das

2In dieser Arbeit beziehen sich die Bezeichnungen HeH+ und HeD+ auf das Isotop 4HeH+ bzw. 4HeD+,

soweit es nicht anders angegeben wird.
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Abbildung 6.1: Das HeH+-Molekül: (a) Vergleich der elektronischen Ladungsverteilung in

HeH+ und H+
2 mit eingezeichnetem permanenten Dipolmoment für HeH+ (roter Pfeil), (b)

Potential�ächen für HeH+ und HeH2+ mit Darstellung des initalen nuklearen Wellenpakts

(blau) und der Lage der Vibrationszustände. (c) Eindimensionales Modellpotential für zwei

Kerne mit Kernladungszahl Z1 = 2 und Z2 = 1 und einem Abstand R=1,45 a.u. (Gleich-

gewichtsabstand von HeH+) mit den Wellenfunktionen. Dies entspricht nicht den exakten

Bindungsverhältnissen in HeH+ aus (b). (d) Betragsquadrat der Wellenfunktionen und (e)

Modellpotential als Funktion des Kernabstandes R und der elektronischen Koordinate x.

Molekül über ein permanentes Dipolmoment verfügt. Für eine diskrete Ladungsverteilung

kann es als Summe über die Einzeldipolmomente aller Ladungsträger berechnet werden. Der

Dipol jeder Ladung wird durch die Gröÿe der Ladung qi und den Ortsvektor relativ zum

Schwerpunkt charakterisiert p = Σn
i=1qiri.

Auf diese Weise kann das Dipolmoment von HeH+ abgeschätzt werden [175]. Für den Grund-

zustand ist die Annahme gerechtfertigt, dass beide Elektronen näherungsweise vollständig am

Heliumkern lokalisiert sind. Mit qHe=2, qH=1 und der Ladung eines Elektrons qe = −1 sowie

dem Massenschwerpunkt bei 1
5R ergibt sich als Projektion auf die Molekülachse pHeH+ =

pKern + pElek = qHe(−1
5R)er + qH

4
5Rer + 2qe(−1

5R)er = 4
5Rer. Das Dipolmoment zeigt in

Richtung des Wassersto�kerns (siehe Abb. 6.1 (a)).

Dieses Ergebnis stimmt für R > 4 mit dem quantenmechanischen Ergebnis [194] gut überein

(siehe Abb. 6.2). Für Kernabstände R < 4 ist das exakte Dipolmoment etwas geringer, da sich

dann die Anziehungskraft des Protons stärker bemerkbar macht.

Analog zum HeH+ kann das Dipolmoment der anderen Isotope, wie HeD+, berechnet werden.

Für HeD+ liegt der Schwerpunkt bei 1
3R, sodass sich näherungsweise für das Dipolmoment

pHeD+ = 2
3Rer ergibt. Dieser Wert ist damit etwas kleiner als für HeH+ und beein�usst die

Kopplungsstärke der Vibrationszustände (siehe Kap. 6.4).

Das permanente Dipolmoment und die hohe elektronische Anregungsenergie von HeH+ ha-

ben einen wesentlichen Ein�uss auf das Verhalten des HeH+ in starken Laserfeldern. Das
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Abbildung 6.2: Dipolmoment für HeH+: Dipolmatrixelement für die Anregung auf dem elek-

tronischen Grundzustand von Loreau et al. [194] aus dreidimensionaler Berechnung (blaue

Kurve) im Vergleich mit dem Ergebnis des verwendeten TDSE-Modells (rote Kurve) (siehe

Anhang 8.2). Eine einfache Abschätzung des Dipols für den Grundzustand ermöglicht die Ap-

proximation 4/5R (unterbrochene Linie) [175]. Die grüne Kurve zeigt das Dipolmatrixelement

für eine Anregung vom elektronischen Grundzustand auf den ersten angeregten Zustand.

permanente Dipolmoment ermöglicht die direkte Kopplung von Vibrationszuständen im elek-

tronischen Grundzustand.

Den Ein�uss des permanenten Dipolmoments auf die laserinduzierte Dissoziation von HeH+

analysierten theoretisch Ursrey et al. [175; 176]. Sie stellten fest, dass für längere Wellen-

längen (λ ≥ 1200 nm) eine höhere Dissoziationswahrscheinlichkeit zu erwarten ist, da die

Amplitude von Dipolübergängen von gebundenen Vibrationszuständen zu freien Zuständen

mit sinkender Photonenenergie ansteigt. Dies bestätigt sich auch in der vorliegenden Arbeit

(siehe Kap. 6.3.3).

Die Rolle der elektronischen Anregung in der Ionisation wurde von Dehghanian et al. betrach-
tet [181]. Sie zeigten in TDSE-Simulationen mit festen Kernabständen, dass die R-abhängige

Ionisationswahrscheinlichkeit ein Maximum zwischen R = 3a.u. und R = 5a.u. aufweist. Deh-

ghanian et al. erklärten dies als Folge des Populationstransfers zwischen dem vom Starke�ekt

verschobenen Grundzustand und dem angeregten Zustand (siehe Kap. 6.3.4).

6.2 Experiment mit HeH+

Die Untersuchung des HeH+ in starken Laserfeldern ist nur unter Nutzung von Ionen möglich

(siehe Kap. 6.1.1). Für die Umsetzung eines Starkfeldexperiments mit HeH+ wurde die in

Kap. 3.1 beschriebene Ionenstrahlapparatur verwendet. Die Besonderheiten des Experiments

mit HeH+ werden im Folgendem beschrieben.

Die Schwierigkeiten in der Realisierung eines HeH+-Experiments bestehen in der Kombinati-

on:

• der geringen erreichbaren Dichte von HeH+,

• dem unvermeidbaren Anteil anderer Ionen in einem HeH+-Strahl,

• der hohen benötigten Laserintensität und

• der unterschiedlichen Massenverhältnisse der Fragmente von HeH+.
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6.2.1 Erzeugung von HeH+

Die Erzeugung des HeH+ unterscheidet sich von der Erzeugung anderer Ionenstrahlen, wie

z.B. von He+ oder H+
2 , da die Verbindung erst in der Ionenquelle erzeugt werden muss. HeH+

kann in einem Plasma aus einem Gasgemisch von Helium- und Wassersto�gas hergestellt

werden [166]. Dabei muss in der Reaktion

He + (H+
2 )
∗ −→ HeH+ + H

ein vorher in der Ionenquelle ionisiertes H+
2 auf ein Heliumatom tre�en [74]. Das dabei ge-

bildete HeH+ kann dann aus der Ionenquelle extrahiert werden. Vor der Extraktion kann es

jedoch zu einer weiteren Stoÿreaktion

HeH+ + H2 −→ He + H+
3

kommen, in der das HeH+ auf ein neutrales H2-Molekül tri�t und unter Bildung von H+
3

zerfällt. Um die Wahrscheinlichkeit für diese Reaktion zu minimieren, muss der Druck von H2

in der Ionenquelle gering sein. Es wurde gezeigt, dass dafür ein Verhältnis von 1 : 9 zwischen

Wassersto� und Helium optimal ist [74].

Der aus der Duoplasmatron-Ionenquelle extrahierbare HeH+-Ionenstrom hängt stark vom

Druck in der Ionenquelle ab. Den Groÿteil des Stroms machen andere von der Ionenquelle

emittierte Ionen aus. Um die HeH+-Ionen von diesen Ionen zu separieren, wird der Wien�l-

ter eingesetzt, der die Ionen nach dem Verhältnis von Ladung und Masse der Ionenspezies

selektiert. Der HeH+-Ionenstrahl kann daher auch andere Ionen mit dem gleichen Ladungs-

Masse-Verhältnis enthalten.

Besonders kritisch ist dies für die Erzeugung eines HeD+-Strahls (siehe Kap. 6.4). Da in die-

sem Fall ein Gasgemisch von Helium mit 10% D2 in der Ionenquelle benötigt wird, enthält

der Ionenstrahl nach dem Wien�lter neben dem angestrebten HeD+ als unvermeidbares Ne-

benprodukt D+
3 mit einer sehr hohen Intensität, das dieselbe Massenzahl wie 4HeD+ hat.

Für den HeH+-Ionenstrahl nach dem Wien�lter kann unter optimalen Bedingungen mit Hilfe

eines Faraday-Cups eine Stromstärke von 10 nA gemessen werden. Für die Interaktion mit

dem fokussierten Laserstrahl werden für HeH+ in der Interaktionszone Ionenströme . 1 nA

erreicht, da Blenden zur Einschränkung der Ausdehnung und der Divergenz des Ionenstrahls

den Ionenstrom weiter reduzieren.

6.2.2 Detektion der Fragmente von HeH+

Für die Fragmentation des HeH+ in einem Laserfeld sind verschiedene Pfade möglich. Abhän-

gig davon, an welchen Fragmenten die Elektronen verbleiben, gibt es zwei Dissoziationswege:

HeH+ −→ He + H+

und

HeH+ −→ He+ + H .

In gleicher Weise ergeben sich zwei verschiedene Reaktionen für die Einfachionisation:

HeH+ −→ He+ + H+ + e−

und

HeH+ −→ He2+ + H + e−.
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Aufgrund der hohen Energiedi�erenz zwischen dem Grundzustand und dem angeregten elek-

tronischen Zustand kann erwartet werden, dass sowohl für die Dissoziation als auch die Ioni-

sation die Wahrscheinlichkeit für die Reaktionen, bei dem ein Elektron am Proton verbleibt,

sehr gering ist.

Für sehr intensive Laserfelder ist zusätzlich die Doppelionisation möglich:

HeH+ −→ He2+ + H+ + 2e− .

Die für die Ionisation von HeH+ benötigte Intensität kann über die kritische Feldstärke

(siehe Kap. 2.5, Gl. 2.13) abgeschätzt werden. Das erste und zweite Ionisationspotential für

das Molekül im Gleichgewichtsabstand (R ≈ 1.45 a.u.) beträgt 44 eV und 73 eV. Für die

Einfachionisation aus dem Grundzustand ergibt sich mit der eindimensionalen Abschätzung

1,5·1016 W/cm2. Auch wenn das Ionisationspotential für gröÿere R abnimmt, zeigt diese Ab-

schätzung, dass sehr hohe Intensitäten für die Fragmentation des HeH+ nötig sind. Diese

hohen Feldstärken werden nur in einem kleinen Bereich des Laserfokus erreicht, sodass das

aktive Fokusvolumen, welches zum Ionisationssignal von HeH+ beiträgt, begrenzt ist.

Die geringe Targetdichte (siehe Kap. 3.6) und die hohe benötigte Intensität resultieren in

sehr geringen Ereignisraten. Mit der verwendeten Laserrepetitionsrate von 1 kHz liegt sie

unter einem Ereignis pro Sekunde (siehe Abb. 6.3). Dadurch werden sehr lange Messzeiten

notwendig, die nur bei einer hohen Stabilität des Lasersystems und der Ionenquelle realisiert

werden können.

Für die Detektion der Fragmente von HeH+ wurde der Detektor (siehe Kap. 3.5) in einer Ent-

fernung von 913mm zur Interaktionszone mit dem Laser positioniert. Wie in Kap. 3.4 erklärt,

erfolgt die Identi�zierung der verschiedenen Fragmente über ihre zeitliche und räumliche Se-

paration. Mit Spektrometerpotentialen von ≈ 100 - 200V kann eine gute zeitliche Trennung

der Fragmente von HeH+ erreicht werden.

Die räumliche Verteilung der Fragmente auf dem Detektor gestaltet sich für das Molekül auf-

grund des Massenverhältnisses der Fragmente deutlich schwieriger als für symmetrische Mo-

leküle, wie z.B. H+
2 . Die räumliche Separation der Fragmente und damit das Potential an den

De�ektoren muss groÿ genug sein, damit die Detektion der schweren Fragmente (He+) mit ge-

ringer Kinetic Energy Release (KER) so wenig wir möglich durch den Faraday-Cup verhindert

wird (siehe Kap. 3.5). Aufgrund des Massenverhältnisses von 4 : 1 erfährt jedoch das leichte

Fragment (H+) eine vierfach gröÿere Ablenkung, sodass ein kleiner Teil der H+-Fragmente

der Ionisation mit hoher KER und hohem Emissionswinkel nur den Rand des Detektors tref-

fen und teilweise nicht detektiert werden. Die Wahl von ca. 40V für das De�ektionspotential

stellt einen Kompromiss dar, um die Detektion beider Fragmente zu maximieren.

An dieser Diskussion wird deutlich, dass das Isotop 3HeD+ das ideale Molekül für dieses

Experiment wäre (siehe Kap. 6.1.1). Zudem können andere Molekülionen aus der Ionenquelle

e�ektiv durch den Wien�lter ge�ltert werden (siehe Kap. 6.4).

Auch durch die Wahl der Laserpolarisation besteht Potential zur Optimierung der Detektion

der verschiedenen Fragmente. Die lineare Laserpolarisation wird über eine Halbwellenplat-

te fast parallel zur Propagationsrichtung des Ionenstrahls ausgerichtet. Die Impulsänderung

der Fragmente des Moleküls überträgt sich dann hauptsächlich auf diese Impulskomponente,

die über die Flugzeit der Fragmente detektiert wird. Die Messung der Flugzeit ist genau-

er und praktisch nicht eingeschränkt, sodass wesentlich gröÿere Geschwindigkeitsänderungen

verschiedener Fragmente detektiert werden können als über die Auftre�position auf dem De-

tektor.
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Abbildung 6.3: Experimentelle Zählrate für die verschiedenen Fragmentationspfade von HeH+

in Abhängigkeit von der maximalen Fokusintensität für 400 nm und 800 nm. Die experimen-

telle Zählrate wurde um den E�ekt des veränderten Fokusvolumens der intensitätsabhängigen

Messung korrigiert.

Während der Messung der HeH+-Laserinteraktion wurde ein sehr hoher Anteil von He und H+

detektiert, der nicht mit dem Laser korreliert. Diese Fragmente entstehen vermutlich durch

Stöÿe des HeH+-Strahls mit dem Hintergrundgas aus angeregten Zuständen auf dem Weg

vom Wien�lter bis zum Detektor [189]. Es handelt sich also genau um die gleichen Fragmente,

die aus der Laserwechselwirkung von HeH+ detektiert werden sollen. Da sie nicht mit dem

Laser korreliert sind, können sie in der Auswertung im Prinzip leicht diskriminiert werden.

Ihre hohe Intensität sorgt jedoch für eine hohe Belastung des Detektors und erschwert die

Optimierung der Messung, da das eigentliche Messsignal überdeckt wird.

6.2.3 Ergebnisse für HeH+

Um in den Experimenten zur Wechselwirkung von HeH+ mit intensiven Laserfeldern ver-

schiedene Anregungswege in der Fragmentation des Moleküls zu testen, wurden zwei verschie-

dene Wellenlängen ausgewählt, die eine Anregungen von Vibrationszuständen erlauben bzw.

unterbinden (siehe Abb. 6.1 (b)). Neben der Laserwellenlänge von 800 nm kamen Laserpulse

der zweiten Harmonischen von 800 nm zum Einsatz (siehe Anhang 8.3.1). Ein 200µm dicker

Betabariumborat-Kristall im kollimierten 800 nm-Strahl produzierte mit einer E�zienz von

über 30% Laserpulse bei 400 nm. Mehrere dichroitische Spiegel dienten zur Separation der

800 nm- und 400 nm-Strahlung. Die Charakterisierung der 400 nm-Pulse mit einem FROG

(engl. Frequency-Resolved Optical Gating) [195] zeigte eine Pulsdauer von 52±7 fs.
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Abbildung 6.4: Einfach- und Doppelionisation von HeH+ mit 800 nm bei der maximalen Fo-

kusintensität von ≈ 1017 W/cm2: (a) KER-cos(θ) abhängiges Spektrum, (b) Vergleich der

normierten KER-Verteilung für Einfach- und Doppelionisation.
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Für beide Wellenlängen erfolgte die systematische Änderung der Laserintensität durch Varia-

tion der Position des Laserfokus relativ zum Ionenstrahl (siehe Kap. 3.3). Dies hat gegenüber

anderen Methoden den Vorteil, dass das Sinken der Zählrate bei geringerer Intensität durch

das gröÿere Fokusvolumen teilweise ausgeglichen wird. Der Nachteil ist, dass für jeden Mess-

punkt die Intensität über die Ausdehnung des fokussierten Laserstrahls an der Position des

Ionenstrahls interpoliert werden muss und damit eine gröÿere Unsicherheit aufweist.

Die experimentelle Zählrate, um den E�ekt des veränderten Fokusvolumens korrigiert, ist

in Abb. 6.3 in Abhängigkeit der abgeschätzten Laserintensität dargestellt. Der dominieren-

de Fragmentationskanal ist für beide Wellenlängen die Einfachionisation HeH+ → He+ +

H+ + e−. Für Intensitäten über ≈ 1015 W/cm2 wurde zusätzlich ein intensives Signal der

Doppelionisation detektiert. Mit 800 nm konnte zudem ein schwaches Dissoziationssignal be-

obachtet werden. Die Zählrate war allerdings sehr gering und die Detektion der neutralen

Helium-Fragmente wurde teilweise vom Faraday-Cup verhindert. Auf diese Weise war eine

systematische Auswertung der Dissoziation nicht möglich.

Entsprechend den Erwartungen konnte weder für die Ionisation noch für die Dissoziation

der Kanal beobachtet werden, bei dem ein Elektron am Wassersto�atom verbleibt. Auch

die Vorhersagen von Ursrey et al. [175], dass die Dissoziationswahrscheinlichkeit bei einer

Wellenlänge von 800 nm sehr gering ist, bestätigt sich.

Für jedes detektierte Ereignis wurde aus dem Auftre�ort und der Flugzeit die Impulsän-

derung der Fragmente relativ zum Ionenstrahl rekonstruiert. Aus den gemessenen Impulsen

der in Koinzidenz detektierten Fragmente erfolgte die Ermittlung der KER (engl. Kinetic

Energy Release) und des Winkels zur Laserpolarisation θ. Die KER- und cos(θ)-abhängigen

Verteilungen der Einfach- und Doppelionisation von HeH+ mit 800 nm bei der maximalen

Fokusintensität sind in Abb. 6.4 dargestellt.

In den folgenden Kapiteln werden für die beiden Reaktionskanäle, die mit guter Statistik

detektiert wurden, die Messergebnisse analysiert, interpretiert und mit Simulationsergebnissen

verglichen.

6.3 Einfachionisation von HeH+

6.3.1 Intensitätsabhängige KER-Verteilung der Einfachionisation

Die KER-Spektren der Einfachionisation von HeH+ wurden für einen groÿen Intensitätsbe-

reich aufgenommen. Die KER-und cos(θ)-abhängigen Verteilungen für einige Intensitäten sind

in Abb. 6.5 (a) dargestellt. Das gemessene Ionisationssignal wird dabei aufgrund des in einer

Messung unvermeidbaren Intensitätsvolumene�ekts von einem groÿen Bereich von Intensitä-

ten bis zu der maximalen Fokusintensität erzeugt.

Abb. 6.5 (b) zeigt die Entwicklung der über θ integrierten KER-Verteilungen in Abhängigkeit

der Intensität. Für geringe Intensitäten beginnt das Ionisationssignal bei 4 eV und hat ein

Maximum bei 6,5 eV. Für steigende Intensitäten verschiebt sich das Maximum zu 11 eV, wobei

sich das KER-Spektrum bis zu 17 eV erstreckt. Für Intensitäten ab ≈ 5· 1015 W/cm2 bleibt die

Position des Maximum der KER-Verteilung konstant. Die Einfachionisation ist dann gesättigt

und die Doppelionisation setzt ein (siehe Kap. 6.5).

Um einen Einblick in die gemessene Dynamik der Einfachionisation zu erhalten, ist es hilf-

reich, die KER-abhängigen Verteilungen in eine R-abhängige Verteilung zu konvertieren. Dazu
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Abbildung 6.5: Intensitätsabhängigigkeit der Einfachionisation von HeH+ mit 800 nm-Pulsen:

(a) KER- und cos(θ)-abhängigen Verteilungen für verschiedene maximale Fokusintensitäten

(1·1015, 1.5·1015, 2·1015, 2,5·1015, 5·1015 20·1015 W/cm2) (b) KER-Spektrum (links) der in

(a) gezeigten Intensitäten sowie deren Darstellung nach Umrechnung der KER-Abhängigkeit

zur R-Abhängigkeit (rechts), (c) Schema der Umrechnung des KER-abhängigen Messsignals

in ein R-abhängiges Signal unter Ausnutzung des Re�exionsprinzips.

kann das Re�exionsprinzip genutzt werden [55] (siehe Abb. 6.5). Die Ionisation, d.h. das Her-

auslösen eines Elektrons aus dem Molekül, entspricht dem vertikalen Übergang des Moleküls

aus dem gebundenen HeH+-Zustand auf das repulsive HeH2+-Potential. Die beiden Atome

entfernen sich voneinander und die Fragmente gewinnen dabei abhängig von dem internuklea-

ren Abstand Ri bei der Ionisation die Energie KER = UHeH2+(Ri) − UHeH2+(R → ∞). Die

vergleichsweise kleine Vibrationsenergie des Moleküls wird dabei vernachlässigt.

Die aus den Born-Oppenheimer-Kurven ermittelten R-abhängigen Verteilungen zeigen (siehe

Abb. 6.5), dass die Ionisation bei geringer Intensität ein Maximum bei R ≈ 3,5 a.u. hat, wobei
die Verteilung Beiträge von internuklearen Abständen bis zu 6 a.u. aufweist. Bei den hohen

Intensitäten erfolgt die Ionisation bei R ≈ 2,2 a.u. und das maximale R beträgt 4 a.u.

Um einen Vergleich mit Simulationsdaten zu vereinfachen, können die Messdaten in einer

zweidimensionalen Verteilung als Funktion von KER- bzw. R und der Intensität zusammen-

gefasst werden, wobei das Signal für jede Intensität normiert wurde (siehe Abb. 6.6 (a)). Gut

sichtbar ist der Bereich um ≈ 1· 1015 W/cm2, in dem sich das Maximum der KER-Verteilung

von 6 eV zu 11 eV bzw. von R ≈ 3,5 a.u. zu R ≈ 2,2 a.u. verschiebt.
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Abbildung 6.6: KER- und intensitätsabhängiges Messsignal für 800 nm für HeH+ aus der

Messung (a) und der TDSE-Simulation (b) (siehe Kap. 6.3.3).
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6.3.2 Interpretation der Messergebnisse als Folge der Vibrationsanregung

Die Analyse des R-abhängigen Ionisationssignals gibt Aufschluss über den Ablauf der Frag-

mentation von HeH+ (siehe Abb. 6.6 (a)). Vor der Interaktion be�ndet sich das Molekül im

elektronischen Grundzustand und vorwiegend (ca. 55%) im Vibrationsgrundzustand v =0

[196]. Die Gleichgewichtslage liegt bei R=1,45 a.u., wobei das initiale nukleare Wellenpaket

entlang R eine Ausdehnung besitzt, die in Abb. 6.1 (b) angedeutet ist.

Um die Ionisation bei den beobachteten internuklearen Abständen R> 2,2 a.u. zu ermög-

lichen, muss vor der Ionisation des HeH+ eine Streckung zu gröÿerem R statt�nden. Diese

Veränderung der Bindungslänge vor der Befreiung des Elektrons aus dem Molekül kann durch

eine Anregung höherer Vibrationszustände erklärt werden [175]. Im Laserfeld ermöglicht das

Dipolmoment von HeH+ eine Kopplung der Kernwellenfunktion zu höheren gebundenen und

ungebundenen Vibrationszuständen im elektronischen Grundzustand (siehe Kap. 6.1.3). Pho-

tonen mit einer Wellenlänge von 800 nm erlauben über einen Einphotonenübergang die nahezu

resonante Anregung der Vibrationszustände, die ausgehend von v=0 um die Photonenener-

gie von 1,55 eV verschoben sind, also v=7 - 11 (siehe Abb. 6.1 (b) und Abb. 6.9 (b)). Diese

Vibrationsniveaus besitzen eine gröÿere Ausdehnung entlang R (siehe Abb. 6.9 (a)). Wird die

Besetzung dieser Vibrationszustände erhöht, entspricht dies einer Streckung des HeH+ zu

gröÿeren Abständen R.

Für niedrige Intensitäten kann die Anregung in der ansteigenden Flanke des Laserpulses statt-

�nden, sodass eine Streckung während des Laserpulses ermöglicht wird. Mit anwachsendem

R reduziert sich das Ionisationspotential von 44 eV bei R=1,45 a.u. auf bis zu 29 eV bei

R=6a.u. (siehe Abb. 6.7 (a)). Während das Molekül sich streckt, steigt gleichzeitig die Feld-

stärke im zeitlichen Verlauf der Einhüllenden des Laserpulses weiter an. Beide E�ekte, das

kleiner werdende Ionisationspotential und die ansteigende Laserfeldstärke, erhöhen die Ionisa-

tionswahrscheinlichkeit und führen zur Ionisation bei niedrigen Laserintensitäten und groÿen

Kernabständen. Die Ionisation von HeH+ bei niedrigen Intensitäten kann also als Ergebnis

eines Drei-Schritt-Prozesses � aus Vibrationsanregung, Streckung und Ionisation bei groÿem

R � erklärt werden.
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Abbildung 6.7: (a) Ionisationspotential des elektronischen Grundzustands und des angereg-

ten Zustands von HeH+ in Abhängigkeit des internuklearen Abstands. In (b) ist dies für

HeH2+ dargestellt. Eine Abschätzung für den minimalen Keldysh-Parameter für die Ionisati-

on aus dem Grundzustand und dem angeregten Zustand mit den Laserwellenlängen 800 nm

und 400 nm ist in (c) für HeH+ und (d) für HeH2+ gezeigt. Dabei wurde jeweils der Ladungs-

zustand des Atoms entsprechend der approximativen Ladungsverteilung eingesetzt, aus dem

das Elektron entfernt wird.
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Für steigende Laserintensitäten wird die Ionisation auch nahe der Gleichgewichtslage des Mo-

leküls wahrscheinlicher, sodass bei sehr hohen Intensitäten eine Streckung zu hohem R nicht

notwendig ist. Auÿerdem ist in diesem Fall die Zeit vor der Ionisation bei Erreichen der hohen

Feldstärken im Laserpuls zu kurz, um eine Streckung des Moleküls zu gröÿerem R zu erlauben.

Wenn die Fokusintensität über ≈ 5· 1015 W/cm2 steigt, geschieht die Ionisation vorwiegend

ohne vorherige Streckung in der Nähe des klassischen Umkehrpunktes des gebundenen nu-

klearen Wellenpaketes (siehe Abb. 6.6 (a)). Die maximale KER von 17 eV entspricht einem

R=1,54 a.u. und ist nahe an dem Gleichgewichtsabstand.

Die intensitätsabhängige Verschiebung des Signals in den gemessenen KER-Verteilungen (sie-

he Abb. 6.6 (a)) ist demnach die Folge des Übergangs von dem Drei-Schritt-Prozess aus Vi-

brationsanregung, Streckung und Ionisation bei groÿem R zu einer direkten Ionisation ohne

vorherige Streckung.

Eine mögliche Abschätzung für die charakteristische Zeit des Streckvorgangs liefert die Vibra-

tionsperiode der angeregten Zustände. Die feldfreie Vibration kann über T = 2π/(Ev+1−Ev)
abgeschätzt werden. Die Ergebnisse sind in guter Übereinstimmung mit den entsprechenden

Simulationsergebnissen von Stanke et al. [193]. Damit ergeben sich für die Zustände v=6 - 8

Vibrationsdauern von 34-100 fs, während der Vibrationsgrundzustand für HeH+ eine Vibrati-

onsperiode von 11,5 fs (siehe Tab.6.1) aufweist. Die abgeschätzten Vibrationsperioden werden

in Kap. 6.4.4 noch in Abhängigkeit der Isotope detaillierter diskutiert und sind in Abb. 6.12 (d)

dargestellt.

Die Vibrationsperioden der angeregten Zustände sind mit 30-80 fs von ähnlicher Dauer wie

die Länge der verwendeten Laserpulse. Dabei ist für eine Streckung zu gröÿerem R vor der

Ionisation keine volle Vibrationsperiode erforderlich. So benötigt ein vergleichbares klassisches

Teilchen in dem Potential von HeH+ etwa 5,5 fs, um von R=2a.u. nach 3 a.u. zu gelangen

und etwa 13,5 fs für die Strecke von 2 a.u. nach 4 a.u. Die verwendeten Laserpulse sind damit

lang genug, um diese Streckbewegung zu ermöglichen.

6.3.3 Vibrationsanregung mit 800 nm- und 400 nm-Photonen

Um den beobachteten Prozess der Streckung des HeH+-Moleküls als Folge der Vibrationsan-

regung weiter aufzuklären, wurde die Messung mit Laserpulsen der Wellenlänge von 400 nm

wiederholt. Bemerkt werden sollte zunächst, dass die Tunnelionisation für 800 nm und auch

für 400 nm der dominierende Ionisationsmechanismus ist, wie eine Abschätzung des minimalen

Keldysh-Parameters zeigt (siehe Abb. 6.7 (c-d)).

Für 400 nm (siehe Abb. 6.8 (a)) ist auf dem ersten Blick eine ähnliche Intensitätsabhängigkeit

der gemessenen KER-Verteilungen zu beobachten. Ein genauer Vergleich zeigt jedoch, dass

für kleine Intensitäten (I <1· 1015 W/cm2) das Signal für KER<8 eV deutlich reduziert und

das Maximum der Zählrate um 1 eV zu höheren KER verschoben ist (siehe Abb. 6.8 (c)). Für

die hohen Intensitäten ist der Unterschied geringer und insbesondere die gröÿten gemessenen

KER stimmen für beide Wellenlängen überein (siehe Abb. 6.8 (d)).

Der Unterschied zwischen 400 nm und 800 nm kann in Übereinstimmung mit Kap. 6.3.2 über

die Vibrationsanregung erklärt werden. Für 400 nm ist die Photonenenergie von 3,1 eV zu

hoch, um eine resonante Anregung hoher Vibrationszustände zu ermöglichen. Die Photonen-

energie von 400 nm führt aus dem Vibrationsgrundzustand direkt in ungebundene Zustände

(siehe Abb. 6.9 (b-c)), die nur eine geringe Kopplung aufweisen. Für 400 nm ist die Streckung
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Abbildung 6.8: KER- und intensitätsabhängiges Messsignal für HeH+ für 400 nm aus der Mes-

sung (a) und aus TDSE-Simulationen (b). In (c) sind die gemessenen und simulierten KER-

Verteilungen für 400 nm und 800 nm für die I<1· 1015 W/cm2 gegenübergestellt. (d) zeigt dies

für die hohen Intensitäten I >1· 1016 W/cm2. In der Mittelung der TDSE-Ergebnisse wurden

die Intensitäten, in denen ausschlieÿlich Doppelionisation zu erwarten ist, nicht berücksichtigt.

im Vergleich zu 800 nm stark reduziert und somit das Ionisationssignal von kleiner KER be-

ziehungsweise groÿem R vermindert.

Diese Interpretation kann mit Simulationen3 der zeitabhängigen Schrödingergleichung über-

prüft werden (siehe Anhang 8.2). Für beide untersuchten Wellenlängen sind die Ergebnisse der

TDSE-Simulationen in Abb. 6.6 (b) und 6.8 (b) abgebildet, die entsprechend der experimen-

tellen Bedingungen über die Intensitäts- und Vibrationszustandsverteilung gemittelt wurden.

Die Ergebnisse sind vor allem für 800 nm in guter Übereinstimmung mit den Messdaten. Die

TDSE-Simulationen erlauben es, zusätzliche Informationen über den beobachtenden Prozess

zu erlangen, die in der Messung nicht zugänglich sind. So ist es naheliegend, die Population

der Vibrationszustände zu analysieren, die an der Vibrationsanregung beteiligt sind.

Die Extraktion der Besetzung der einzelnen Vibrationszustände wird allerdings dadurch er-

schwert, dass während des Laserpulses die Population bei gröÿerem R und damit der höheren

Vibrationszustände schnell ionisiert und keine Besetzung in diesen Zuständen akkumuliert

wird. Zumindest unterhalb der Sättigungsintensität ist die Population am Ende des Laser-

pulses gleichwohl aussagekräftig für die während des Pulses statt�ndende Anregung. Sie ist

das Ergebnis der Anregung in der abfallenden Flanke des Pulses, wo die Intensität bereits zu

gering ist, um eine Ionisation zu ermöglichen.

Diese Ergebnisse in Abb. 6.9 (d-f) für die Anregung aus dem Grundzustand zeigen, dass für

3Die TDSE-Simulationen wurden von Florian Oppermann aus der Arbeitsgruppe von Prof. Lein in Han-

nover durchgeführt.
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den Fall der 800 nm-Photonen die Zustände v=5 - 10 eine erhöhte Population für alle betrach-

teten Intensitäten aufweisen. Das Maximum der Anregung tritt in Übereinstimmung mit der

Photonenenergie bei v=6 und v=7 auf. Die Amplitude der durch Vibrationsanregung po-

pulierten Zustände am Ende des Pulses zeigt keine groÿe Intensitätsabhängigkeit, da eine

stärkere Anregung bei höherer Intensität zu entsprechend stärkerer Ionisation führt.
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Abbildung 6.9: (a): Wellenfunktionen der Vibrationszustände in HeH+ im Potenital des elek-

tronischen Grundzustandes X1Σ+, (b) Energie der Vibrationszustände Ev mit Energie eines

800 nm-Photons (rot) sowie eines 400 nm-Photons (blau) aus dem Vibrationsgrundzustand, (c)

Energiedi�erenz der Vibrationszustände gegenüber dem Vibrationsgrundzustand, Ev−E0, für

alle vier Isotope des HeH+ sowie die Energie der anregenden 800 nm oder 400 nm-Photonen,

(d) Population der Vibrationszustände für HeH+ nach dem Laserpuls, die aus den TDSE-

Simulationen für drei Intensitäten mit 800 nm und 400 nm extrahiert wurden.

Neben der starken Anregung für v=5 - 10 kann eine geringere Anregung der niedrigeren Zu-

stände v=1 - 3 beobachtet werden. Dies zeigt jedoch eine deutliche Intensitätsabhängigkeit,

wobei bei gröÿeren Intensitäten eine höhere Population auftritt. Dieser E�ekt kann durch

Anregung aus dem Vibrationsgrundzustand infolge der Verformung des Potentials im La-

serfeld oder der nicht gleichmäÿigen Entleerung des Grundzustandswellenpaktes durch die

bevorzugte Ionisation bei groÿem R, ähnlich dem bekannten Lochfraÿ-Mechanismus, erklärt

werden [197; 198].

Im Vergleich zu den Ergebnissen für 800 nm zeigt die Population der Vibrationszustände für

den Fall der 400 nm-Laserpulse keine Anregung der höheren Zustände v=5-10. Wie beschrie-

ben, lässt die Photonenenergie von 3,1 eV keine Vibrationsanregung zu (siehe Abb. 6.9 (b-c)).

Die niedrigeren Vibrationszustände v=1 - 3 werden sowohl für 400 nm als auch für 800 nm

in geringer Stärke angeregt. Es ist nur ein kleiner Unterschied in der Amplitude dieser Zu-

stände erkennbar, die für 400 nm etwas geringer ist. Dies kann vermutlich über die kürzere

Periodendauer der Laseroszillation im Fall der 400 nm-Pulse erklärt werden. Sie führt dazu,



6. Das HeH+-Molekül: Der heteronukleare Grenzfall der Starkfeldionisation 79

dass das nukleare Wellenpaket den Verformungen des Potentials durch das Laserfeld nicht so

schnell folgen kann. Diese Beobachtung der Anregung der benachbarten Vibrationszustände

für 400 nm ist in Übereinstimmung mit den theoretischen Ergebnissen von Li et al. [199], die
die Ionisation von HeH+ bei 600 nm untersuchten. Für 600 nm führt die Absorption von einem

Photon ebenfalls nur auf ungebundene Zustände.

Die Wellenlängenabhängigkeit für 800 nm und für 400 nm bestätigt somit, dass die Vibrations-

anregung in HeH+ entscheidend für die Beobachtung der Ionisation von groÿen Kernabständen

ist (siehe Kap. 6.3.2).

6.3.4 Rolle der elektronischen Anregung und Enhanced Ionization

Aufgrund der Rolle des HeH+ als Modellsystem für asymmetrische Moleküle gibt es eine

Reihe von theoretischen Arbeiten, die die Ionisation von HeH+ in starken Laserfeldern zum

Gegenstand haben (siehe Kap. 6.1.2).

Im Hinblick auf die Ergebnisse, die im letzten Kapitel beschrieben wurden, muss an dieser Stel-

le detaillierter auf die Arbeiten von Dehghanian et al. eingegangen werden. Sie berichten vom

E�ekt einer verstärkten Ionisation bei speziellen Kernabständen des HeH+-Moleküls [181].

Als Ursache für die Erhöhung der Ionisationswahrscheinlichkeit geben Dehghanian et al. ei-
ne e�ziente Anregung des ersten angeregten elektronischen Zustands aus dem elektronischen

Grundzustand an, die durch die Angleichung der im Feld durch den Starke�ekt verschobenen

Energieniveaus für bestimmte Kernabstände ermöglicht wird.

Basierend auf TDSE-Simulationen mit festen Kernabständen bei 800 nm und 400 nm sagen

Dehghanian et al. für die R-abhängige Ionisationswahrscheinlichkeit ein breites Maximum

zwischen R=3 - 5 a.u. voraus [181]. Das erhöhte Ionisationssignal würde sich in einem gemes-

senen KER-Spektrum bei KER = 5 - 9 eV äuÿern. Dieser Mechanismus scheint imWiderspruch

zum Ionisationsmechanismus zu stehen, der im vorangegangenen Kapitel für HeH+ diskutiert

wurde.

Entgegen des von Dehghanian et al. gewählten Ansatzes be�nden sich in einer realistischen Si-
tuation die Atome des HeH+-Moleküls jedoch vor der Interaktion mit dem Laserpuls in einem

Abstand, der ungefähr dem Gleichgewichtsabstand R=1.45 a.u. entspricht (siehe Abb. 6.1).

Wie bereits erläutert, ist das Ionisationspotential für diese R sehr groÿ (siehe Kap. 6.3.2).

Kommt es im Laserfeld zur Streckung des Moleküls zu höherem R, steigt die Ionisationswahr-

scheinlichkeit schon allein wegen der hohen R-Abhängigkeit des Ionisationspotentials sehr

stark an. Für sehr hohe Laserintensitäten ist die Ionisation gesättigt, bevor das Molekül über-

haupt die Region R>3a.u. erreichen kann. Es ist also zweifelhaft, ob der von Dehghanian et
al. beschriebene E�ekt in einer Messung identi�ziert werden kann.

Ergänzend anzumerken ist, dass der E�ekt eines Maximums der Ionisationswahrscheinlich-

keit bei R=3 - 5 a.u. auch von den in dieser Arbeit genutzten TDSE-Simulationen (siehe

Anhang 8.2) reproduziert wird, wenn die Positionen der Kerne in der Rechnung festgehalten

werden. Unsere TDSE-Simulationen, die die Kernbewegung zulassen und in guter Überein-

stimmung mit den Messergebnissen sind, beinhalten also prinzipiell den von Dehghanian et
al. diskutierten E�ekt. Allerdings zeigen sie auch, dass für bewegliche Atomkerne und ei-

nem Molekül, das anfänglich nahe des Gleichgewichtsabstandes präpariert ist, die E�ekte,

die zur Streckung des Moleküls führen, für die Ionisationsdynamik entscheidend sind (siehe

Kap. 6.3.3).
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Darüber hinaus ist zu beachten, dass auch der angeregte elektronische Zustand zur Streckung

des Moleküls beitragen kann. Wird das Molekül in den angeregten elektronischen Zustand

überführt, be�ndet sich das nukleare Wellenpaket auf dem nicht bindenden Zustand A1Σ2

(siehe Abb. 6.1). Dies führt zur Dissoziation, währenddessen es auch zur Ionisation aus dem

angeregten Zustand kommen wird. Diese Dissoziation über den angeregten elektronischen Zu-

stand führt zur Fragmentierung HeH+ → He++ H. Die Messung zeigte jedoch keine Hinweise

auf diesen Fragmentierungskanal. Der Beitrag der Ionisation aus dem angeregten Zustand wur-

de von Wang et al. theoretisch analysiert [200]. Sie fanden, dass abhängig von der Wellenlänge

die Ionisation aus dem angeregten elektronischen Zustand ungefähr 1% zum Gesamtsignal

beitragen kann.

Aufgrund der hohen Anregungsenergie des Zustandes A1Σ2 ist zu erwarten, dass seine Anre-

gung umso e�ektiver geschieht, je geringer die Wellenlänge bzw. je höher die Photonenenergie

ist. Dieser E�ekt zeigt sich in TDSE-Simulationen (siehe Abb. 6.3) und den Arbeiten von Deh-

ghanian et al. und Wang et al.. Aus den vorliegenden Messungen ist ersichtlich, dass das von

gröÿeren Kernabständen (R > 3 a.u.) stammende Ionisationssignal für die 800 nm-Laserpulse

höher ist als für die 400 nm-Laserpulse. Auch dies weist darauf hin, dass die elektronische

Anregung nicht der dominierende E�ekt für die Ionisation bei R > 3 a.u. ist.

6.4 Isotope von HeH+ � Vergleich mit HeD+

6.4.1 Isotopene�ekte in HeH+

Eine Besonderheit des HeH+-Moleküls besteht darin, dass sowohl Wassersto� als auch Helium

in zwei verschiedenen stabilen Isotopen vorkommen und somit vier verschiedene Isotopenzu-

sammensetzungen des HeH+ möglich sind (siehe Kap. 6.1.1). Darum kann für dieses Molekül

die Wechselwirkung über einen weiten Bereich von Massenverhältnissen studiert werden. Iso-

topene�ekte in der Wechselwirkung von kleinen Molekülen mit starken Laserfeldern wurden

bereits für H2 und H+
2 sowie H+

3 nachgewiesen [201; 202; 203].

Tatsächlich ist die experimentelle Untersuchung anderer Isotope als 4HeH+ jedoch schwierig.

Der wichtigste Grund dafür ist, dass das Helium-3 nicht ausreichend verfügbar ist4. Experi-

mente mit Helium-3 konnten in dieser Arbeit daher nicht durchgeführt werden, obwohl das
3HeD+ aufgrund der ähnlichen Kernmasse für die praktische Durchführung des Experiments

das am besten geeignete Molekül ist (siehe Kap. 6.2.2). Die Untersuchungen der verschiedenen

Isotope waren somit auf die Nutzung von HeH+ und HeD+ begrenzt.

Bei dem Vergleich der Vibrationsenergien der Isotope (siehe Abb. 6.9), ihrer reduzierten Mas-

sen (siehe Tab. 6.1) sowie der permanenten Dipolmomente fällt auf, dass je zwei der Isotope

sehr ähnliche Eigenschaften haben. Es ist daher zu erwarten, dass die Ergebnisse von Expe-

rimenten mit 3HeH+ den Beobachtungen für 4HeH+ ähneln würden. Gleiches gilt für 3HeD+

und 4HeD+.
4Helium-3 ist auf dem Weltmarkt aufgrund der rückläu�gen Tritiumproduktion durch die nukleare Ab-

rüstung und seiner gestiegenen Verwendung für Neutronendetektoren in der Terrorbekämpfung extrem knapp

und der hohe Preis (>3000Euro/Liter) machen den Erwerb gröÿerer Mengen unmöglich [204].
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Molekül Tvib (fs) Anzahl v µr (u) p (a.u.)
4HeH+ 11,5 11 4/5 = 0, 8 4/5R = 0.8R
4HeD+ 14,5 13 8/6 ≈ 1, 33 4/6R ≈ 0, 67R
3HeH+ 11,1 10 3/4 = 0, 75 3/4R = 0, 75R
3HeD+ 13,7 13 6/5 = 1, 2 3/5R = 0, 6R

Tabelle 6.1: Vergleich der Isotope bezüglich der fundamentalen Vibrationsfrequenz, der Anzahl

der Vibrationszustände, der reduzierte Masse µr und der permanenten Dipolmomente p.

6.4.2 Messung von HeD+ über den Massendefekt

Die Messung mit HeD+ ist experimentell noch deutlich schwieriger zu realisieren als die Ex-

perimente mit HeH+. Dies ist auf zwei E�ekte zurückzuführen:

• Das zusammen mit HeD+ produzierte D+
3 kann nicht mit Hilfe des Wien�lters separiert

werden.

• Die Fragmente der Einfachionisation von HeD+ und D+
3 haben die gleichen atomaren Mas-

senzahlen.

HeD+ wird in der Ionenquelle aus einem Gemisch aus Helium und Deuterium über die Reak-

tion He + D+
2 −→ HeD+ + D erzeugt. Im Plasma der Ionenquelle kann jedoch neben anderen

Reaktionen die Kollision von HeD+ mit D2 zur Produktion von D+
3 führen (siehe Kap. 6.2.1).

Die e�ziente aber unerwünschte Erzeugung von D+
3 stellt ein groÿes Problem dar, da die

beiden Molekülionen die exakt gleiche Massenzahl (6 Nukleonen) und die gleiche Ladung

(q=1) aufweisen. Eine Separation von HeD+und D+
3 mit Hilfe des Wien�lters ist nicht möglich.

Somit kann kein reiner 4HeD+-Ionenstrahl realisiert werden. Vielmehr ist der Ionenstrahl in

der Laserinteraktionszone eine Mischung von 4HeD+ und D+
3 , sodass die laserinduzierten

Fragmente von beiden Molekülionen auf den Detektor tre�en.

Für D+
3 existieren verschiedene Zerfallskanäle. Die Fragmentierung von D+

3 in fs-Laserpulsen

untersuchten schon McKenna et al. [205] und Sayler et al. [206]. Bei hohen Intensitäten domi-

nieren die Drei-Teilchen-Fragmentierungen, die nach der Einfach- und der Doppelionisation

auftreten. Von niedrigeren Intensitäten gibt es Beiträge der Einfachionisation und der Disso-

ziation, bei denen das Molekül in zwei verschiedene Fragmente zerfällt.

Diese Zerfallskanäle konnten auch in dem vorliegenden Experiment beobachtet werden. Der

gröÿte Anteil des Messsignals stammt von der Drei-Teilchen-Fragmentierungen von D+
3 ,

D+
3 −→ D + D+ +D+ + e− .

Dieser Kanal ist durch das Kriterium der Impulserhaltung der Zwei-Teilchen-Fragmentierung

(p1 + p2 = 0) für die Fragmentierung von HeD+ in der Auswertung leicht zu diskriminieren.

Das groÿe Problem stellt die Zwei-Teilchen-Fragmentierung

D+
3 −→ D+

2 +D+ + e−

dar, weil die Ladungen und Massenzahlen der Fragmente dieser Reaktion identisch mit den

Fragmenten der Einfachionisation von HeD+ sind:

HeD+ −→ He+ +D+ + e−.

In beiden Reaktionen wird ein D+ frei, wobei das jeweils andere Fragment (4He+ bzw. D+
2 )

die gleiche Ladung und Massenzahl hat.
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Abbildung 6.10: Das HeD+-Experiment: (a) Berechnete Flugzeitverteilung (Time-Of-Flight)

der Koinzidenzdetektion für das erste und zweite gemessene Teilchen. Die Fragmente für

die Ionisation von HeD+ und D+
3 können nur aufgrund einer kleinen Flugzeitdi�erenz der

Fragmente unterschieden werden. In (b) ist die gleiche Verteilung für die gemessene Verteilung

der Flugzeiten dargestellt. Die Fragmentierung von HeD+ und D+
3 erscheint in der Messung

an denselben Positionen der Verteilung wie in der Berechnung. In der Messung ist zusätzlich

ein starkes Signal der Drei-Teilchen-Fragmentierung D+
3 −→D++D++D vorhanden, das die

anderen Kanäle teilweise überlagert.

Die Massen des schweren Fragments unterscheiden sich nur durch den Massendefekt des Heli-

umkerns gegenüber zwei Deuteriumkernen. Das Molekül D+
2 hat eine Masse von 4,0275 u [207].

Gegenüber den 4,0021 u des Heliumions He+ ist dies ein Massenunterschied von nur 0,6%, so-

dass die Flugzeiten der Fragmente nahezu gleich sind. Die Separation der beiden Kanäle ist

damit ohne weitere Hilfsmittel nicht möglich und die Ionisation von HeD+ und D+
3 kann nicht

unterschieden werden.

Die Trennung der beiden Kanäle gelang schlieÿlich unter Ausnutzung des statischen elektri-

schen longitudinalen Feldes in der Interaktionsregion (siehe Kap. 3.4). Wenn dieses Feld auf

≈ 200V/cm erhöht wird, ergibt sich eine Di�erenz in den Flugzeiten von He+ und D+
2 , die

für eine Selektion der Kanäle in der TOF1-TOF2-Verteilung in der Auswertung ausreicht. Da

die Fragmente in Koinzidenz detektiert werden, ist damit eine Separation möglich.

Eine Berechnung der Flugzeiten für ein Spektrometerpotential von 660V resultiert in einer

Zeitdi�erenz der Fragmente von ≈ 3,3 ns (siehe Abb. 6.10 (a)). Die berechneten Flugzeiten be-

rücksichtigen die KER der Molekülfragmentierung sowie die experimentellen Parameter wie

den Abstand zwischen der Laserinteraktionszone und dem Detektor (913mm), die Beschleuni-

gungsspannung der Ionenquelle (10 kV), das Spektrometerpotential von 660V und die Massen

der Fragmente.

Aufgrund der nahezu parallelen Orientierung der Laserpolarisation in Richtung der Flug-

richtung des Ionenstrahls nimmt die Flugzeitverteilung der Fragmente die Form der KER-

Verteilung an. Als Konsequenz der Impulserhaltung bilden die Verteilungen der in Koinzidenz

detektierten zusammengehörenden Fragmente Geraden in der TOF1-TOF2-Verteilung, deren

Winkel sich aus den Massenverhältnissen der Fragmente ergeben. Die für die Fragmentierung

D+
3 → D+

2 +D+ und HeD+ →He++D+ berechneten Verteilungen haben damit den nahezu

identischen Winkel, sind aber aufgrund der Massendi�erenz um ≈ 3,3 ns verschoben. Dies

stimmt sehr gut mit den gemessenen Flugzeitenverteilungen überein (vgl. Abb. 6.10 (a - b)).
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6.4.3 Messergebnisse für HeD+

Durch die Kombination von hoher Au�ösung, Massendefekt und Koinzidenzdetektion der

Fragmente können die Ionisationen von HeD+ und D+
3 trotz der identischen Massenzahl

separiert werden. Die gemessenen KER-abhängigen Verteilungen für beide Moleküle sind

in Abb.6.10 (c) dargestellt. Die Messergebnisse für die Ionisation von D+
3 stimmen gut mit

den Beobachtungen von Sayler et al. [206] überein, die für den Kanal D+
3 → D+

2 +D+ bei

1016 W/cm2 ein KER-Spektrum zwischen 4 eV und 8 eV beobachteten.

Aufgrund der experimentellen Schwierigkeiten für HeD+ wurden für dieses Isotop vergleichs-

weise wenige Messungen erfolgreich durchgeführt, sodass nur eine Messung bei hoher Intensi-

tät mit 800 nm und eine Messung mit geringer Intensität bei 400 nm für eine Auswertung zur

Verfügung standen.

Das KER-Spektrum für die Einfachionisation von HeD+ bei der maximalen Intensität und

einer Wellenlänge von 800 nm ist in Abb. 6.11 (b) im Vergleich zu einer Messung mit HeH+

bei gleichen experimentellen Bedingungen dargestellt. Das Maximum des KER-Spektrums für

HeD+ verschiebt sich im Vergleich zu HeH+ um etwa 1,7 eV zu höheren Energien. In der Form

der Verteilung sind keine Unterschiede erkennbar.

Dieser E�ekt ist in Übereinstimmung mit den Ergebnissen der TDSE (unterbrochene Linie),

wobei die Di�erenz der Zählratenmaxima der beiden Isotope in der Simulation kleiner ist als

in der Messung.
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Abbildung 6.11: Einfachionisation von für HeD+: (a) gemessene KER-cos(θ) abhängige Ver-

teilung für 800 nm bei der maximalen Fokusintensität von etwa 1017 W/cm2 , (b) Vergleich

der KER-Spektren von HeH+ und HeD+ aus der Messung und der TDSE-Simulation, (c) Ver-

gleich der aus der TDSE extrahierten Population der Vibrationszustände für beide Moleküle

bei einer Laserintensität von 1015 W/cm2).

6.4.4 Interpretation der HeD+-Ergebnisse

Aus der Verschiebung der Zählrate zu höheren KER für HeD+ folgt, dass dieses Molekül im

Vergleich zu HeH+ bei geringeren Kernabständen ionisiert. Dies lässt sich sehr gut mit dem

veränderten Massenverhältnis des Isotops erklären.

Die gleichen Ladungszahlen der Atome bewirken, dass die Ionisationswahrscheinlichkeit bei

festen Kernabständen für beide Moleküle nahezu unverändert ist [192]. Die beobachteten Un-

terschiede müssen daher aus der veränderten Kerndynamik infolge der unterschiedlichen Mas-

senverhältnisse folgen.
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Abbildung 6.12: (a) Dipolmoment von HeH+ und HeD+ aus dem verwendeten TDSE-Modell

sowie für alle Isotope die Approximationen von 4/5R für 4HeH+, 4/6R für 4HeD+, 3/4R für
3HeH+ und 3/5R für 3HeD+ (siehe Kap. 6.1.3), (b) Dipolmatrixelemente in Abhängigkeit des

Vibrationszustands für die Vibrationsanregung für alle Isotope basierend auf der Approxi-

mation der Dipolmomente, (c) Dipolkopplungselemente aus (b) in Abhängigkeit der Energie-

di�erenz zum Vibrationsgrundzustand v=0, die der Photonenenergie für eine 1-Photonen-

Vibrationsanregung entspricht. (d) Vibrationsperiode der Vibrationszustände aller Isotope

ebenfalls in Abhängigkeit der Energiedi�erenz zum Grundzustand v=0.

Die Massen der beiden Atome des linearen Moleküls beein�ussen über die Stärke der Vibrati-

onsanregung, die Geschwindigkeit der Vibration und die Rotation den für HeH+ beschriebenen

Ionisationsmechanismus.

Die Veränderung der Molekülmasse von HeH+ (≈ 5 u) zu HeD+(≈ 6 u) entspricht einer Mas-

sendi�erenz von 20%. Die Gröÿe, die für die Moleküldynamik entscheidend ist, ist jedoch die

reduzierte Masse, µr = m1m2
m1+m2

. Der Unterschied der reduzierten Massen zwischen HeH+(µr =

4/5 = 0.8) und HeD+(µr = 8/6 ≈ 1.33) ist mit 67% erheblich gröÿer. Die Kerndynamik sollte

in HeD+ folglich um 67% langsamer als in HeH+ ablaufen.

Im Detail verändert die reduzierte Masse die Anzahl und Lage der Vibrationszustände (siehe

Abb. 6.9 (c)). HeD+ hat mehr Vibrationszustände und die Zustände mit gleichem Index liegen

im Vergleich zu HeH+ energetisch niedriger.

Die Kopplung zwischen den Vibrationsniveaus lässt sich über das Dipolmatrixelement 〈Φi|d|Φj〉
berechnen und folgt aus der Ausdehnung der Wellenfunktionen und dem Wert des Dipolmo-

ments [175]. Schon der Wert des Dipolmoments von HeD+ mit 4/6 im Vergleich zu HeH+

(4/5) (siehe Tab. 6.1) lässt erwarten, dass die Vibrationszustände für HeD+ weniger e�zi-

ent angeregt werden können (siehe Abb. 6.12 (a)). Das Ergebnis der Kopplungsstärke ist in

Abb. 6.12 (b) für alle vier Isotope abgebildet. Hierbei ist anzumerken, dass vor allem die Ei-

genschaften der Wellenfunktionen der Vibrationszustände, die im Wesentlichen aus den redu-

zierten Massen folgen, entscheidenden Ein�uss auf den berechneten Wert für die Kopplung

haben und das Ergebnis weniger vom Wert des Dipols abhängt.

Um die Anregung der höheren Vibrationszustände im Laserfeld zwischen den Molekülen ver-
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gleichen zu können, muss die Kopplung des Vibrationsgrundzustands mit den Zuständen be-

trachtet werden, die mit der verwendeten Photonenenergie für das jeweilige Isotop angeregt

werden können (siehe Abb. 6.12 (c)). Für HeD+ sind dies bei 800 nm entsprechend der Pho-

tonenenergie von 1,55 eV die Zustände v = 7 - 12. Sei weisen eine um einen Faktor ca. 25

geringere Kopplung für HeD+ im Vergleich zu der Situation in HeH+ auf. Dieses Ergebnis

sagt für HeD+ einen deutlich geringeren Transfer aus dem Vibrationsgrundzustand in die hö-

heren Zustände voraus und ist in Übereinstimmung mit denen aus den TDSE-Simulationen

extrahierten Besetzungen der Vibrationszustände (siehe Abb. 6.11 (c)).

Bei dieser Darstellung der Besetzungsverteilung der Zustände ist zu beachten, dass neben der

beschriebenen veränderten Kopplung auch die gröÿere Anzahl von Vibrationszuständen in

HeD+ zu einer geringeren Höhe der Population einzelner Zustände beiträgt. Dieser E�ekt ist

aber vergleichsweise klein und nicht entscheidend für die geringere Besetzung der Zustände in

HeD+.

Um den Unterschied der Kerndynamik für beide Moleküle herauszustellen, können zusätzlich

die Vibrationsperioden der angeregten Vibrationszustände betrachtet werden. Ein Vergleich

der Vibrationsniveaus, die mit 800 nm Photonen für HeH+ bzw. HeD+ am e�ektivsten an-

geregt werden können, ergibt Vibrationsperioden mit einer Dauer von 34 fs für HeH+ (v=6)

und 43 fs für HeD+ (v=8) (siehe Abb. 6.12 (d)). Es ist also nicht nur schwieriger, in HeD+ ein

Wellenpacket anzuregen, vielmehr ist, wenig überraschend, auch die Vibrationsschwingung

deutlich langsamer.

6.4.5 Vergleich der TDSE-Ergebnisse für HeD+und HeH+

Die schwächere Kopplung der Vibrationszustände und die langsamere Kernbewegung bewir-

ken, dass für HeD+ die Wahrscheinlichkeit einer Streckung des Moleküls zu groÿem R inner-

halb der Pulsdauer reduziert ist. HeD+ muss also im Mittel bei kleinerem R ionisiert werden.

Das erfordert hohe Intensität und erklärt die höheren KER in der Messung.

Die TDSE-Simulationen (siehe Anhang 8.2) bestätigen diesen E�ekt und geben gleichzeitig

weitere Details. Die zeitabhängigen Verteilungen des gebundenen Teils der Kernwellenpakete

entlang R für HeH+ und HeD+ bei gleicher Laserintensität zeigen, dass sich für HeH+ die

Wellenfunktion schneller entlang R ausdehnt (siehe Abb. 6.13).

Die mit Hilfe der TDSE simulierten KER-Verteilungen nach der Ionisation sind in Abb. 6.14

für die beiden Moleküle sowohl ohne als auch einschlieÿlich der Intensitätsmittelung ge-
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Abbildung 6.13: Zeitabhängige Verteilung der Wellenfunktion, projiziert auf den elektroni-

schen Grundzustand aus der TDSE-Simulation: (a) HeH+ bei 1014 W/cm2, (b) HeD+ bei

1014 W/cm2.
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Abbildung 6.14: TDSE-Ergebnisse für die Einfachionisation für 800 nm für HeH+ und HeD+:

(a-b) KER- und intensitätsabhängige Verteilung nach Mittelung über die Vibrationszustän-

den, aber ohne Intensitätsmittelung für HeH+ und HeD+(mit logarithmischer Skala und ohne

Normierung). (c-d) wie (a-b), aber mit Fokusmittelung und Normierung des Signals für jede

Intensität(auf linearer Skala). Zu beachten sind die unterschiedlichen Achsen für die Inten-

sität. (a-b) zeigt die Intensität direkt aus der Simulation, während die Werte in (c-d) die

maximale Fokusintensität angeben.

genübergestellt. Die TDSE-Ergebnisse ohne Intensitätsmittelung und Normierung verdeut-

lichen, dass im Vergleich zu HeH+ für HeD+ die Ionisation, die bei Intensitäten kleiner als

5 ·1014W/cm2 von internuklearen Abständen von 3 - 6 a.u. stammt, deutlich reduziert ist (sie-

he Abb. 6.14 (a-b)). Für die Intensitätsmittelung entsprechend der experimentellen Parameter

und Normierung des Signals für jede Intensität in (c-d) zeigen die Simulationsergebnisse, dass

für HeD+ nahezu kein Signal für KER<9 eV auftritt.

Die Analyse der über R integrierten intensitätsabhängigen Ionisationswahrscheinlichkeit aus

der Simulation veranschaulicht, dass HeD+ im Vergleich zu HeH+ bei gleicher Intensität ein

geringeres Ionisationssignal erzeugt (siehe Abb. 6.15). Der Unterschied beträgt bei den nied-

rigen Intensitäten bis zu zwei Gröÿenordnungen. Bei hohen Intensitäten, für die die direkte

Ionisation ohne signi�kante Streckung auftritt, gleichen sich die Ionisationswahrscheinlichkei-

ten an.
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6.5 Untersuchung der Doppelionisation

6.5.1 KER-Verteilung der Doppelionisation

Für Intensitäten über 1016 W/cm2 wurde, sowohl für 800 nm als auch für 400 nm, zusätzlich

zur Einfachionisation auch die Doppelionisation von HeH+ beobachtet.

Die gemessenen KER-abhängigen Spektren sind in Abb. 6.16 dargestellt. Die KER-Verteilung

hat ihr Maximum bei 14 eV und reicht bis zu 27 eV. Au�ällig ist die selbst im Vergleich zur

Einfachionisation enorme Breite des KER-Spektrums.

Um Einblicke in den Doppelionisationsprozess zu erlangen, kann ähnlich wie bei der Einfach-

ionisation wieder der Zusammenhang zwischen KER und dem Kernabstand R der Ionisation

genutzt werden (siehe Kap. 6.3.1). Ausgehend von einem sequentiellen Doppelionisationspro-

zess sind die zwei Kernabstände R1 und R2 relevant, die den Abständen bei dem ersten und

dem zweiten Ionisationsschritt entsprechen (siehe Abb. 6.16 (b)).

Die KER nach der Doppelionisation ergibt sich aus der Summe der Energien, die die Frag-

mente nach dem ersten Ionisationsschritt (KER1 ≈ 1
R1
− 1

R2
) auf der Born-Oppenheimer-

Potentialkurve von HeH2+ und nach dem zweiten Ionisationsschritt auf HeH3+ (KER2 ≈ 2
R2
)

erlangen. Für die gesamte Energie der Fragmente folgt KERDI =KER1 +KER2 ≈ 1
R1

+ 1
R2
.

Da sowohl R1 als auch R2 unbekannt sind, kann von der gemessenen KERDI nicht direkt auf

die beteiligten Kernabstände geschlossen werden.
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Abbildung 6.16: Doppelionisation für HeH+: (a) KER-abhängige Verteilung der Doppelionisa-

tion für 800 nm und 400 nm, (b) Potentiale für HeH+ und HeH2+ mit Weg der Doppelionisa-

tion (rote Pfeile). Der erste Ionisationsschritt �ndet bei R1 statt, der zweite Ionisationsschritt

bei R2 ist über einen groÿen Bereich von Kernabständen verteilt.

Aus den Beobachtungen der Einfachionisation ist bekannt, dass der erste Ionisationsschritt

bei KERSI ≈ 11 eV gesättigt ist. Mit R2 ≈ (KERDI−KERSI)
−1 erhält man eine Abschätzung

für den Kernabstand am zweiten Ionisationsschritt. Das Maximum des KER-Spektrums nach

Doppelionisation entspricht einem R2 ≈ 9 a.u. Für den gröÿten KER-Wert von 27 eV ergibt

sich unter Nutzung des gröÿten Wertes der Einfachionisation von 16 eV ein R2 ≈ 2.4 a.u.
Folglich �ndet der erste Ionisationsschritt in einem kleinen Bereich von Kernabständen statt,

die zweite Ionisation aber ist über einen weiten Bereich von Kernabständen verteilt. Zwischen

800 nm und 400 nm können für die Doppelionisation nur geringe Unterschiede festgestellt

werden. So ist die Zählrate für 400 nm kleiner und die KER-Verteilung hat eine etwas geringere

Breite (siehe Abb. 6.16 (a)). Dies kann vor allem mit der niedrigeren maximalen Laserintensität
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bei 400 nm erklärt werden. Wie bei der Einfachionisation ist das Signal bei geringeren KER

für 400 nm im Vergleich zu 800 nm vermindert, während die Position des Maximums der

Verteilung etwa gleich ist (siehe Kap. 6.3.3).

6.5.2 Semiklassische Simulation der Doppelionisation in HeH+

Die Interpretation der Doppelionisation im Rahmen der Quantenmechanik erfordert die Lö-

sung der TDSE mit zwei Elektronen. Für die wenig realistische Situation fester Kernabstände

analysierten Dehghanian et al. die Ergebnisse der TDSE für HeH+ [181].

Die Berücksichtigung der Kerndynamik ist derzeit für die Doppelionisation bei hohen Laser-

intensitäten, wie sie bei der Fragmentierung des HeH+ nötig sind, nicht möglich. Daher muss

ein anderer Ansatz zur theoretischen Behandlung gewählt werden. Wie in Kap. 4 und Kap. 5.3

können semiklassische Simulationen Einblicke in den Ablauf der Doppelionisation gewähren.

Eine erfolgreiche Variante solcher semiklassischen Modelle ist das sogenannte Dressed-Surface-

Hopping (DSH) von Dr. Lun Yue aus der Arbeitsgruppe von Prof. Stefanie Gräfe (Institut für

Physikalische Chemie Jena) [208]. Dabei werden die Kerne als klassische Teilchen behandelt,

die sich im Laserfeld unter Berücksichtigung des permanenten Dipolmoments und der Polari-

sierbarkeit auf den instantanen Potential�ächen des HeH+ und der höheren Ladungszustände

bewegen. Diese auf Trajektorien basierende Simulation startet mit einer Anfangsverteilung

von klassischen Teilchen, die aus den quantenmechanischen Zuständen von HeH+ im gebun-

denen Potential gewonnen werden. Quasistatische Ionisationsraten, die vom Kernabstand R

und der Orientierung der Moleküle zum Laserfeld abhängen, bestimmen die Wahrscheinlich-

keit für Übergänge zwischen den Ladungszuständen [209; 210].

Der Ansatz hat, neben der Fähigkeit der Beschreibung der Doppelionisation, den Vorteil, dass

er die Rotation des Moleküls und die Abhängigkeit der Ionisation von der Orientierung des

Moleküls im Laserfeld behandelt. Dabei kann auch die Anfangsrotation der Moleküle aus der

Ionenquelle mit einer Temperatur von ungefähr 3400K berücksichtigt werden [191; 196].

Aufgrund der klassischen Behandlung werden allerdings einige quantenmechanische E�ekte

vernachlässigt. Dazu gehören die Anregung von Vibrationszuständen (siehe Kap. 6.3.2), Loch-

fraÿ [198] und die Berücksichtigung von angeregten elektronischen Zuständen (siehe Kap. 6.3.4).

6.5.3 Vergleich von Messung und Simulation

Während die Ergebnisse der DSH-Simulation für die Einfachionisation für geringe Intensitäten

aufgrund der fehlenden Vibrationsanregung gröÿere Abweichungen vom Experiment aufwei-

sen, ist die Übereinstimmung der Ergebnisse der Einfach- als auch der Doppelionisation für die

hohen Intensitäten, die für die Doppelionisation relevant sind, sehr gut (siehe Abb. 6.17 (a)).

Die Simulation reproduziert die Positionen der KER der Doppel- im Vergleich zur Einfachioni-

sation, jedoch haben die simulierten Verteilungen eine geringere Ausdehnung als die gemesse-

nen KER-Verteilungen. Für eine gute Übereinstimmung des Maximums der KER-Verteilung

reicht in der Simulation die Wahl einer deutlich geringeren Intensität (Imax=6·1015 W/cm2)

aus, da durch den E�ekt der Volumenmittelung auch das gemessene Doppelionisationssignal

überwiegend von geringeren Intensitäten als der maximalen Fokusintensität stammt.

Die Analyse der Simulationsergebnisse gibt einen Einblick in den Ablauf der Ionisation. Die

Kopplung zwischen der Kernbewegung und der Elektronendynamik wird bei der in Abb. 6.17

dargestellten Auswertung deutlich.
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Abbildung 6.17: Doppelionisation von HeH+: (a) Vergleich der gemessenen KER-abhängigen

Verteilungen nach Einfachionisation (rot) und Doppelionisation (grün) für I≈ 1017 W/cm2 mit

den entsprechenden Ergebnissen der DSH-Simulationen (Imax=6·1015 W/cm2) (gestrichelte

Linien), (b) Gemeinsame Verteilung der Kernabstände der ersten und zweiten Ionisation der

Doppelionisation aus der DSH-Simulation. (c-d) Simulierte Ionisationszeiten des ersten und

zweiten Ionisationsschrittes. Die graue Kurve zeigt den Betrag des elektrischen Feldes.

Die Häu�gkeit der Doppelionisation in Abhängigkeit der Kernabstände R1 und R2 zeigt in

Übereinstimmung mit den vorangegangenen Abschätzungen, dass der erste Ionisationsschritt

bei R1 ≈ 2 a.u. konzentriert ist, während der zweite Ionisationsschritt über einen groÿen Be-

reich von Kernabständen zwischen 4 a.u. und 20 a.u. statt�ndet (siehe Abb. 6.17 (b)).

Auffällig ist, dass die Maxima der Zählrate entlang diagonaler Linien angeordnet sind. Dies

bedeutet, dass in Abhängigkeit der ersten Ionisation bei R1 die darauffolgende, zweite Ioni-

sation bei bestimmten Kernabständen R2 eine erhöhte Wahrscheinlichkeit aufweist. Dies ist

bemerkenswert, da die Ionisationszeitpunkte mehrere Laserzyklen voneinander entfernt liegen.

Das zweite Elektron wird im Mittel 10 fs nach dem ersten Elektron durch das Laserfeld vom

Molekül emittiert (siehe Abb. 6.17 (d)). Die Doppelionisationshäu�gkeit in Abhängigkeit von

t1 und t2 in Abb. 6.17 (c) zeigt, dass auch hier Diagonalen erhöhter Häu�gkeit auftreten.

Zentral für die Beobachtungen für R1,2 und t1,2 ist die Tatsache, dass die Ionisationswahr-

scheinlichkeit an den Extrema des elektrischen Feldes am höchsten ist. Wird das erste Elektron

bei t1 und bei einem Kernabstand R1 ionisiert, führt das zu einer Erhöhung des Kernabstands

R des ionisierten Moleküls entsprechend der Bewegung auf der Potential�äche von HeH2+.

Dabei sinkt das Ionisationspotential (siehe Abb. 6.7 (b)) für gröÿere Kernabstände und er-

möglicht den zweiten Ionisationsschritt zu einem späteren Zeitpunkt im selben Laserpuls. Die

zweite Ionisation hat aber wie der erste Schritt die höchste Wahrscheinlichkeit an den Maxima

des Laserfeldes. Der Abstand ∆t = t2 − t1 zwischen beiden Ionisationsschritten ist deshalb

mit hoher Wahrscheinlichkeit ein ganzzahliges Vielfaches der halben Periodendauer. Damit
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folgen die diagonalen Häu�gkeitsmaxima in der t1-t2-Verteilung.

Bei genauer Betrachtung fällt auf, dass benachbarte Diagonalen sowohl für das t1−t2 als auch
für das R1-R2-Histogramm alternierende Intensitäten haben. Dies ist auf die Asymmetrie

des Moleküls zurückzuführen. Die Tunnelionisationswahrscheinlichkeit ist in Richtung des

Wassersto�kerns erhöht. Daher hängt die Ionisationswahrscheinlichkeit vom Vorzeichen des

elektrischen Feldes ab. In den Fällen der maximalen Doppelionisationswahrscheinlichkeit ist

der Abstand ∆t = t2− t1 zwischen beiden Ionisationsschritten ein ganzzahliges Vielfaches der

ganzen Periodendauer.

Diese Kopplung der Zeitpunkte t1 und t2 manifestiert sich in den Diagonalen im R1-R2-

Histogramm, da die festen Zeitdi�erenzen ∆t bestimmen, wie weit sich das Molekül ausgehend

von R1 zu R2 am Zeitpunkt der zweiten Ionisation t2 gestreckt hat. Nach der Beschleunigung

auf der Potentialkurve von HeH2+ �ndet der zweite Ionisationsschritt bevorzugt an den R2

statt, die wieder an einem Maximum des Feldes erreicht werden.

Die beschriebene Dynamik überträgt sich nicht auf die in der Messung zugänglichen KER-

Werte nach der Doppelionisation. Es ist jedoch möglich, dass sich bei Verwendung von Laser-

pulsen mit längerer Wellenlänge oder mit Pump-Probe-Experimenten diese E�ekte direkt in

den gemessenen KER-Verteilungen nachweisen lassen.

Zusammenfassend kann festgestellt werden, dass die Übereinstimmung der DSH-Simulation

mit den Messergebnissen bemerkenswert gut ist. Die sehr vereinfachte semiklassische Simu-

lation erfasst die wesentlichen Aspekte der komplizierten Dynamik in der Doppelionisation

von HeH+. Die Breite der KER-Verteilung kann möglicherweise auch von E�ekten beein�usst

werden, die in der Simulation nicht berücksichtigt sind. Neben der Rolle der Vibrations-

anregung ist dies auch die erhöhte Ionisation über angeregte elektronische Zustände (vgl.

Kap. 6.3.4) [181].



Kapitel 7

Zusammenfassung und Ausblick

In dieser Arbeit wurde die Interaktion des Heliumions, des Heliumatoms und des Heliumhy-

dridions mit intensiven Laserfeldern experimentell untersucht und mit theoretischen Vorher-

sagen verglichen. Die Nutzung einer Ionenstrahlapparatur in Kombination mit ultrakurzen

Laserpulsen ermöglichte es dabei, quantenmechanische Vorgänge zeitaufgelöst in fundamen-

talen Ein- und Zweielektronensystemen zu studieren.

Eine herausragende Eigenschaft quantenmechanischer Teilchen ist die Fähigkeit, durch klas-

sisch verbotene Gebiete zu tunneln. Um ein besseres Verständnis dieses Prozesses zu erlangen

und insbesondere Erkenntnisse über eine Tunnelzeit zu gewinnen, wurden in dieser Arbeit

zum ersten Mal Experimente für die Ionisation des Ion des Heliumatoms in elliptisch po-

larisierten Laserfeldern durchgeführt. Das He+ ermöglicht es, den Tunnelvorgang an einem

Einelektronensystem und näher am Idealfall des quasistatischen Tunnelregimes zu behandeln,

welches durch einen geringen Keldysparameter charakterisiert wird.

Es wurde eine Auswertungsmethode angewendet, die den Elektronenemissionswinkel als Funk-

tion des radialen Impulses analysiert und damit eine detaillierte Untersuchung in Abhängigkeit

der Feldstärke ermöglicht. Es zeigt sich, dass die Elektronenemissionswinkel für He+ deutlich

kleiner sind als für typischerweise verwendete Atome mit geringerem Ionisationspotential oder

Ladungszustand. Für He+ spielen nichtadiabatische E�ekte aufgrund des geringen Keldysh-

Parameters eine verschwindende Rolle. Die Ergebnisse sind in guter Übereinstimmung mit

Lösungen der TDSE sowie mit semiklassischen Simulationen, die keine Tunnelzeiten beinhal-

ten.

Um in Zukunft die Tunnelionisationsmodelle mit noch genaueren Vergleichen von experimen-

tellen und theoretischen Ergebnissen zu testen, können technische Verbesserungen, wie die

Verwendung von Lasern mit höheren Repetitionsraten, dazu beitragen, für Experimente mit

geringer Targetdichte, wie den Ionenstrahlversuchen, eine Erhöhung der Ereignisraten und

damit der verfügbaren Statistik der gemessenen Impulsverteilungen zu ermöglichen.

Ein weiterer Gegenstand dieser Arbeit war die Untersuchung der Doppelionisation des neu-

tralen Heliumatoms, bei dem zwei Elektronen aufeinanderfolgend durch Tunnelionisation in

einem starken Laserpuls emittiert werden.

Um durch einen systematischen Vergleich von Einfach- und Doppelionisation mögliche Abwei-

chungen vom Modell des sequentiellen Ionisationsmechanismus in elliptisch polarisierten La-

serfeldern zu identi�zieren, wurde für das Ionenstrahlexperiment eine Ladungsaustauschzelle

entwickelt, sodass neben Ionen auch, durch Neutralisation erzeugte, Atome für Starkfeldexpe-

91
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rimente zur Verfügung stehen. Erste Experimente mit intensiven Laserpulsen demonstrierten,

dass der erzeugte neutrale Atomstrahl aus einer Mischung aus Atomen im Grundzustand und

in Rydberg-Zuständen besteht.

In einer weiteren Untersuchung wurden experimentell gewonnene Ionenimpulsverteilungen

der Doppelionisation von Helium durch nahezu zirkular polarisierte Few-Cycle-Laserpulse

mit semiklassischen Monte-Carlo-Simulationen verglichen, die auf einem rein sequentiellen

Ionisationsmodell basieren. Die Simulationen zeigten, dass beide Ionisationsschritte in der

sequentiellen Doppelionisation durch die starke Abhängigkeit der Ionisationsrate von der La-

serfeldstärke verbunden sind.

Im Gegensatz zu einer Reihe von anderen Experimenten [130; 131; 132], die die rein sequentielle

Doppelionisation in Frage gestellt haben, wurde in der vorliegenden Arbeit eine bemerkenswert

gute Übereinstimmung mit experimentellen Daten beobachtet. Die charakteristische 6-Peak-

Struktur der gemessenen Ionenimpulsverteilung wird in einem sehr spezi�schen und engen

Parameterbereich reproduziert und zeigt, wie emp�ndlich die sequentielle Doppelionisation

auf die Einhüllende und die genaue Subzyklenform des ionisierenden Laserfeldes reagiert.

Neben der Interaktion atomarer Systeme mit starken Laserfeldern wurde in dieser Arbeit auch

die laserinduzierte Fragmentierung eines einfachen Moleküls untersucht. Bislang diente das

symmetrische und unpolare Wassersto�-Molekülion H+
2 stets als Modell und Ansatzpunkt für

die Theoriebildung in der Starkfeldphysik. In dieser Arbeit erfolgte erstmals eine Untersuchung

des asymmetrischen Heliumhydridmolekülions HeH+, dem grundlegendsten polaren Molekül,

in starken Laserfeldern.

Für symmetrische Moleküle wird die Starkfeldfragmentierung meist als Folge der Streckung

des Moleküls durch laserinduzierte elektronische Anregung interpretiert. Im Kontrast dazu

zeigen sowohl Experiment als auch Theorie für die Ionisation von HeH+, dass hier die direkte

Vibrationsanregung die entscheidende Rolle spielt. Die Dynamik dieses extrem asymmetri-

schen Moleküls steht im Gegensatz zu den bekannten symmetrischen Molekülen und gibt

interessante Einblicke in das Verhalten asymmetrischer Systeme.

Das permanente Dipolmoment in HeH+ erlaubt die direkte Kopplung von Vibrationszustän-

den. Für 800 nm werden durch Einphotonenabsorption höhere Vibrationszustände besetzt, die

zur Streckung des Moleküls vor der Ionisation führen. Aufgrund der höheren Photonenenergie

ist dieser Mechanismus bei Verwendung von 400 nm-Laserpulsen nicht möglich und in den

Messungen werden in diesem Fall höhere KER-Werte beobachtet.

Neben der Wellenlängenabhängigkeit der Ionisation von HeH+ wurde der Ein�uss des Mas-

senverhältnisses im Molekül durch die Untersuchung des Isotops HeD+ demonstriert, welche

nur durch die Ausnutzung des Massendefektes der verschiedenen Fragmente von HeD+ und

D+
3 möglich war. Die höhere Masse von HeD+ resultiert in einer geringeren Streckung des

Moleküls und erklärt die Beobachtung entsprechend höherer KER nach der Ionisation.

Für HeH+ konnte auch die KER-Verteilung nach laserinduzierter Doppelionisation gemessen

werden. Ein Vergleich mit semiklassischen Simulationen erlaubt es, den Ablauf der sequentiel-

len Doppelionisation zu rekonstruieren und die Zeitpunkte, zu denen jeder Ionisierungsschritt

auftritt, sowie die Entwicklung der Bindungslänge vor der Entfernung der Elektronen zu be-

stimmen.

Eine Untersuchung der Dissoziation des HeH+, die für die in dieser Arbeit genutzten Photo-

nenenergien keine Rolle gespielt hat, kann in zukünftigen Experimenten die Verwendung von

Laserpulsen mit längeren Wellenlängen ermöglichen [175; 176]. Weiterhin ist es aufgrund der
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besonderen Ladungs- und Massenasymmetrie für das HeH+ vor allem interessant, die Frag-

mentationsprozesse durch die Subzyklenform der Laserpulse zu steuern. Diese Experimente

sind mit Zweifarben-Laserpulsen oder CEP-aufgelösten Messungen realisierbar [12; 211].

Für die genauere Analyse der in der vorliegenden Arbeit diskutierten Rolle der laserinduzier-

ten Vibrationsanregung in HeH+ wären Experimente vielversprechend, in denen das Molekül

vor der Laserinteraktion durch Kühlung in einer Zajfman-Ionenfalle in den Vibrationsgrund-

zustand gebracht wird [212; 189].



Kapitel 8

Anhang

8.1 Separation der Schrödingergleichung in parabolischen Ko-

ordinaten

Das Wassersto�atom und alle wassersto�artigen Atome besitzt eine Symmetrie, die es er-

möglicht die Schrödingergleichung für ein im Coulomb-Potential gebundenes Elektron unter

Nutzung der parabolischen Koordinaten zu separieren [33; 31].

Die Schrödingergleichung für ein Ein-Elektron-System in einem homogenen elektrischen linear

polarisierten Feld lautet (
1

2
∆ + Ip +

Z

r
− Ez

)
ψ = 0. (8.1)

Die parabolischen Koordinaten (ξ, η, φ) können aus den kartesischen über

ξ = r + z

η = r − z

φ = arctan
y

x
(8.2)

und umgekehrt

x =
√
ξη cosϕ

y =
√
ξη sinϕ

z =
1

2
(ξ − η)

r =
√
x2 + y2 + z2 =

1

2
(ξ + η) (8.3)

berechnet werden. Flächen mit ξ = 0 und η = 0 beschreiben Rotationsparabolide. Der

Laplaceoperator hat in parabolischen Koordinaten folgende Gestalt:

∆ =
4

ξ + η

[
∂

∂ξ

(
ξ
∂

∂ξ

)
+

∂

∂η

(
η
∂

∂η

)]
+

1

ηξ

∂2

∂φ2
(8.4)

Die Schrödingergleichung lautet dann

4

ξ + η

[
∂

∂ξ

(
ξ
∂ψ

∂ξ

)
+

∂

∂η

(
η
∂ψ

∂η

)]
+

1

ηξ

∂2ψ

∂φ2
+ 2

(
Ip +

2Z

η + ξ
− E

2
(ξ − η)

)
ψ = 0. (8.5)
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Der Ansatz für die Eigenfunktionen ψ hat die Form ψ = 1√
2πξη

f1(ξ)f2(η)eimφ, wobei m die

magnetische Quantenzahl bezeichnet.

Damit führt die Separation zu den Gleichungen

d

dξ

(
ξ
df1

dξ

)
+

(
Ip
2
ξ − m2

4ξ
− E

4
ξ2

)
f1 = −β1f1

d

dη

(
η
df2

dη

)
+

(
Ip
2
η − m2

4η
+
E

4
η2

)
f2 = −β2f2

β1 + β2 = Z. (8.6)

Werden diese Gleichungen im Rahmen der Störungstheorie für kleine Feldstärken E gelöst,

ist das Ergebnis die Bindungsenergie EB des Wassersto�atoms im elektrischen Feld in zweiter

Näherung mit den parabolischen Quantenzahlen n1 und n2

EB = −1

2

Z2

n2
+

3

2
E
n

Z
(n1 − n2)− E2

16

n4

Z2
[17n2 − 3(n1 − n2)2 − 9m2 + 19] +O(E3). (8.7)

Die Energie ergibt sich aus der Summe der ungestörten Energiewerte und dem linearen Stark-

e�ekt sowie dem quadratischen Starke�ekt. Da nur für das wassersto�artige Atome die Zu-

stände mit verschiedenen l-Werten (bei gleicher Hauptquantenzahl n) entartet sind, erfahren

die Niveaus des Wassersto�atoms auch eine zur ersten Potenz des Feldes proportionale Auf-

spaltung.

Für das Wassersto�atom folgt damit [213]

EB = −1

2
+

3

2
E − 3

2
E2 +O(E3). (8.8)

Darunter versteht man eine zur elektrischen Feldstärke E proportionale Aufspaltung der Ter-

me beim Wassersto� oder wassersto�ähnlichen Atomen.

Der quadratische E�ekt ist negativ, d.h. er führt zur Absenkung der Energie. Die Starke�ekte

sind zu n2 bzw. n6 proportional. Der E�ekt wird daher umso stärker, je weiter das Elektron

vom Kern entfernt ist, da dabei das Dipolmoment des Atoms gröÿer wird. Gleichzeitig nimmt

der Absolutbetrag der Energie bei steigender Hauptquantenzahl schnell ab. Zu beachten ist,

dass die Störungsrechnung nur für Störungen gültig ist, die klein gegen die Energie der Niveaus

sind.

Die Gleichungen 8.6 können über die Substitution f1 = χ1/
√
ξ bzw. f2 = χ2/

√
η in die

Gleichungen
d2χ1

dξ2
+

(
Ip
2

+
β1

ξ
− m2 − 1

4ξ2
− E

4
ξ

)
χ1 = 0

d2χ2

dη2
+

(
Ip
2

+
β2

ξ
− m2 − 1

4η2
+
E

4
η

)
χ2 = 0 (8.9)

überführt werden, die dann die Form eindimensionaler Schrödinger-Gleichungen annehmen.

Die potentielle Energie lässt sich zu

V1(ξ, E) = −β1(E)

2ξ
+
m2 − 1

8ξ2
+
Eξ

8

V2(η,E) = −β2(E)

2η
+
m2 − 1

8η2
− Eη

8
(8.10)



8. Anhang 96

ablesen. Die Gesamtenergie eines Teilchens wird dabei durch Ip/4 repräsentiert. Der Verlauf

der Potentiale ist in Abb. 8.1 dargestellt. In parabolischen Koordinaten �ndet die Ionisation in

Richtung der η-Koordinate statt. Für hohe Feldstärken entsteht entlang η ein zweiter Bereich,

in dem die Bewegung des Elektrons erlaubt ist. Das Elektron kann durch den dazwischen

liegenden Potentialwall tunneln [33].

Abbildung 8.1: Verlauf der Potentiale V1 und V2 in elliptischen Koordinaten für m = 0.

Mit der Beschreibung des Tunnelprozesses mit dem Potential V2 kann die Position des Tun-

nelausganges in parabolischen Koordinaten über V2(ηe, E) = − Ip
4 bestimmt werden [32]. Dies

liefert eine kubische Gleichung, die für ηe <<
2[(m2−1)/8]

β2
folgende Lösung hat,

ηe =
1

E

(
Ip +

√
I2
p − 4β2E

)
, (8.11)

sodass sich der Tunnelausgang nach der Umrechnung in kartesischen Koordinaten an der Stelle

ze = −ηe
2

= − 1

2E

(
IP +

√
I2
P − 4β2E

)
(8.12)

be�ndet. Dabei folgt die Separationskonstante aus β2 = Z − (1− | m |)
√
Ip/2 [214].
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8.2 Das Modell für HeH+ der TDSE-Simulation

In diesem Kapitel wird das Modell der TDSE-Simulationen von HeH+ beschrieben, die für die

Interpretation des HeH+-Experimentes genutzt wurde (siehe Kap. 6). Die Simulationen wur-

den von Florian Oppermann aus der Arbeitsgruppe von Prof. Lein in Hannover durchgeführt.

Die zeitabhängige Schrödingergleichung (siehe Kap. 2.8) für HeH+ in voller Dimensionalität

zu lösen, ist mit derzeitiger Computertechnolgie nicht durchführbar. Daher ist es neben klas-

sischen oder semiklassischen Ansätzen ausschlieÿlich möglich, die zeitabhängige Schrödinger-

gleichung in eingeschränkter Dimensionalität zu behandeln.

Für das HeH+ wurde ein eindimensionales Modell zur Lösung der zeitabhängigen Schrödinger-

Gleichung in der Ein-Elektron-Näherung implementiert. Das Modell löst die gekoppelte ein-

dimensionale Bewegung der Kerne und des Elektrons im Laserfeld. Die Laserpolarisation ist

entlang der Molekülachse ausgerichtet.

Aufgrund der reduzierten Dimension wird die Rotation des Moleküls vernachlässigt. Die Ein-

Elektron-Näherung ermöglicht nur die Beschreibung der Einfachionisation.

In diesem Fall lautet die zeitabhängige Schrödingergleichung

i~
∂ψ(x,R, t)

∂t
= (H0 + (κx+ λR)eE(t))ψ(x,R, t), (8.13)

wobei H0 der feldfreie Hamiltonian mit κ = (MN + Z1 + Z2)/(MN + 1), λ = (Z1M2 −
Z2M1)/MN lautet:

H0 =
p2

2µe
+
P 2

2µ
− Z1e

2√
(x+ M2

Mn
R)2 + α1(R)

+Vion(R)− Z2e
2√

(x− M1
Mn

R)2 + α2(R)
.

(8.14)

Dabei sind x, p und R,P die Koordinaten und Impulse des aktiven Elektrons sowie des Kern-

abstandes. Mi and Zi sind die Kernmassen und die e�ektiven Ladungen des Helium und

Wassersto�ons mit MN = M1 +M2.

Es wird angenommen, dass das inaktive Elektron am Heliumkern lokalisiert ist ( Z1 = Z2 = 1).

Dabei ist Vion(R) die potentielle Energie für das Entfernen des aktiven Elektrons und damit

der Grundzustand der Born-Oppenheimer-Potentialenergiekurven von HeH2+.

Die Parameter des modi�zierten Potentials αi(R) wurden so gewählt, dass sie für alle Kern-

abstände die zwei niedrigsten Born-Oppenheimer-Potentialkurven (siehe Abb. 6.1) reprodu-

zieren. Das modi�zierte Potential ist am Heliumkern tiefer als am Wassersto�kern.

Als Folge der reduzierten Dimensionalität weicht das Dipolmoment des eindimensionalen Mo-

dells von den Ergebnissen einer dreidimensionaler Berechnung ab (siehe Abb. 6.2). Das Di-

polelement des hier verwendeten eindimensionalen Modells stimmt vor allem für R<2 a.u.

nicht ganz mit dem in voller Dimensionalität berechneten Dipolelement von Loreau et al.
überein [194].

Als Initialzustand für die Zeitentwicklung wurden die Vibrationseigenzustände v=0-5 im

elektronischen Grundzustand von H0 gewählt und auf einem Gitter unter Nutzung der Split-

Operator-Methode propagiert [215] (siehe Abb. 8.2). Am Ende der Zeitpropagation wird aus

dem vom Rand des Gitters absorbierten Teil der Wellenfunktion die KER-abhängige Wahr-

scheinlichkeitsverteilung nach der Einfachionisation bestimmt.
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Abbildung 8.2: TDSE-Simulation für 1·1014 W/cm2 und 800 nm mit 30 fs Pulsdauer: (a) Zeit-

abhängige Verteilung der Wellenfunktion, projiziert auf den elektronischen Grundzustand, (b)

Zeitabhängige Verteilung der Wellenfunktion, integriert für alle R.

Um den Vergleich der Simulationen mit den Messergebnissen zu gewährleisten, wurden die

KER-abhängige Wahrscheinlichkeitsverteilung über die Anfangsvibrationszustandsverteilung

gemittelt. Dazu wurden die Ergebnisse von Loreau et al. genutzt, die die Vibrationsverteilung
für das Experiment mit HeH+ von Pedersen et al. analysiert haben [187; 196]. Dieses Experi-
ment basierte ebenfalls auf einer Duoplasmatronquelle zur Erzeugung des HeH+-Ionenstrahls.

Loreau et al. stellten fest, dass die Anfangsvibrationszustandsverteilung nahezu unabhängig

von den Geometrieparametern der Duoplasmatronquelle ist, sich aber stark für verschiedene

Arten von Ionenquellen unterscheidet.

Weiterhin wurden die simulierten KER-Verteilungen entsprechend der experimentellen Bedin-

gungen über die Intensitätsverteilung im Laserfokus gemittelt [75]. Dabei wurde die TDSE-

Simulation mit Intensitäten von bis zu 1016 W/cm2 durchgeführt. Für höhere Intensitäten ist

zu beachten, dass die Beiträge der Doppelionisation dominieren.
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8.3 Erzeugung intensiver ultrakurzer Laserpulse

Seit dem Beginn der Entwicklung der Titan:Saphir-Laser 1986 [216] setzte sich diese Techno-

logie schnell als bevorzugte Methode für die Erzeugung von Femtosekundenlaserpulsen durch.

Dies begründet sich in den zahlreichen Vorteilen von Ti:Saphir als Lasermedium. Dazu zählt

vor allem deren hohe Verstärkungsbandbreite [217]. Diese Technologie trug maÿgeblich zu den

Errungenschaften in der Starkfeldlaserphysik und Attosekundenphysik, sowie den angrenzen-

den Feldern wie der Femtosekundenspektroskopie, bei.

Grundlegende Konzepte zur Erzeugung von intensiven Femtosekundenlaserpulsen sind die

Modensynchronisation mittels Kerr-Linse (engl. Kerr-Linsen Modelocking) [217] und die Ver-

stärkung gechirpter Pulse (engl. Chirped Pulse Ampli�cation, CPA) [218].

8.3.1 Lasersystem

Dieses Kapitel bietet einen Überblick über das Lasersystem in dem Labor des Lehrstuhls

für Nichtlineare Optik der Friedrich-Schiller-Universität Jena, welches für die Experimente in

dieser Arbeit genutzt wurde.

Eine Abbildung über das Schema des Lasersystems und der wichtigsten Parameter ist in

Abb. 8.3 dargestellt. Die Erzeugung der Laserpulse beginnt mit dem Lasersystem Femto-

power Compact Pro HP/HR CEP. In diesem System werden vor dem Verstärkungsprozess

die Laserpulse in einem auf Modensynchronisation mittels Kerr-Linse basierenden Ti:Saphir-

Laseroszillator erzeugt. Dieser Oszillator verfügt auch über die Möglichkeit, die Carrier-

Envelope-Phase (CEP, dt. Träger-Einhüllenden-Phase) der Laserpulse zu stabilisieren. Die

Pulsenergie beträgt an dieser Stelle einige nJ bei einer Pulsdauer von sub-10 fs und einer Re-

petitionsrate von 77,9MHz. Vor der Verstärkung werden diese Pulse mit einem Glasblock als

Strecker auf einige ps gestreckt. Die Verstärkung geschieht in einem auf ca. 182K gekühlten

9-Pass-Verstärker, der mit 532 nm-Pulsen bei einer Energie von ca. 9mJ gepumpt wird.

Nach den ersten vier Pässen wird die Repetitionsrate mit Hilfe einer Pockelszelle auf 4 kHz

reduziert. Ein akustooptischer Modulator (Fastlite Dazzler) ermöglicht die Kontrolle der spek-

tralen Amplitude und Phase der Laserpulse. Nach weiterer Verstärkung in den Pässen fünf

bis neun beträgt die Pulsenergie ca. 1mJ und ein Gitterkompressor komprimiert die Laserpu-

le auf ca. 25 fs bei einer Zentralwellenlänge von ca. 780 nm. Von den emittierten Laserpulsen

werden 90% der Energie in eine 1m lange, mit Edelgas gefüllte Hohlfaser gesendet, um durch

nichtlineare spektrale Verbreitung Few-Cycle-Laserpulse mit Pulsdauern von ca. 5 fs zu er-

zeugen (siehe Kap. 8.3.3). Die Dispersion wird durch gechirpte Spiegel korrigiert, wobei die

Optimierung der spektralen Phase der Few-Cycle-Laserpulse mit Hilfe des akustooptisches

Modulators im Verstärkersystem möglich ist.

Vor der Hohlfaserkompression werden 10% der Pulsleistung über einen Strahlteiler ausge-

koppelt und als Seed für ein zweites Verstärkersystem zur Erzeugung höherer Pulsenergien

verwendet. Dieses Verstärkersystem stammt von der Firma Thales. Eine weitere Pockelszelle

reduziert die Repetitionsrate auf 1 kHz. Die Seed-Pulse werden mit einem Ö�ner-Strecker auf

ca. 300 ps gestreckt [219]. Durch die zahlreichen Re�exionen auf den Gittern und Spiegeln hat

der Strecker nur eine Transmissionse�zienz von ca. 30%. Daher verstärkt ein wassergekühlten

Vorverstärker (Booster) die nJ-Pulse, bevor sie in den Hauptverstärker gesendet werden, auf

ca. 1mJ. Der Vorverstärker wurde von der Firma Thales als 2-Pass-Verstärker konzipiert, der
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mit ca. 11mJ bei 532 nm gepumpt wird. Erst danach erfolgt die Verstärkung in dem Haupt-

verstärker, der von ca. 45mJ gepumpt und im Betrieb mit kyrogener Kühlung auf ca. 61K

gekühlt wird. Die Pulse mit einer Energie von 13,5mJ werden abschlieÿend in einem Kom-

pressor mit Goldgittern mit einer Transmissionse�zienz von 82% komprimiert, sodass Pulse

mit ca. 11mJ bei einer Pulsdauer von ca. 33 fs für Experimente zur Verfügung stehen.

Um eine bessere Kontrolle der spektralen Phase und Amplitude zu ermöglichen, wurde wäh-

rend dieser Promotionsarbeit ein akustooptischer Modulator (Dazzler HR 800 [220] der Fir-

ma Fastlite) in den Thales-Laser integriert. Zum Ausgleich der dabei einstehenden Verluste

der Pulsenergie erfolgte der Umbau des Vorverstärkers von einem 2-Pass- in einen 4-Pass-

Verstärker. Die Inbetriebnahme des akustooptischen Modulators bietet bei gleicher Pulsener-

gie des Gesamtlasersystems durch eine optimierte spektrale Phase einen dramatisch besse-

ren Pulskontrast und die Möglichkeit, das Spektrum der Laserpulse zu manipulieren (siehe

Kap. 8.3.2).

Für den Groÿteil der Experimente, die in dieser Arbeit vorgestellt werden, wurden die 800 nm-

Pulse des Thales-Lasersystems verwendet. Die Laserpulse des Thales-Lasersystem können

wahlweise auch in einen optisch parametrischen Verstärker Topas der Firma Light Conver-

sion gesendet werden. Dies ermöglicht über verschiedene Stufen der nichtkolliniaren Di�e-

renzfrequenzerzeugung die Verwendung von Laserpulsen mit längeren Wellenlänge im Bereich

zwischen 1,1µm und 10µm [221].

800nm 
@5fs

Femtopower Thales                                          Topas

CM

9-Pass-Verstärker

800nm 
@25fs

800nm 
@31fs

Signal 
1100-
1600nm

Oszillator

Öffner-Strecker
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Kryo-Verstärker

Kompressor

Strecker Dazzler

Dazzler Topas

HCF
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Kompressor

1mJ 4kHz

1kHz

Idler
1600-
2200nm

Abbildung 8.3: Schematischer Aufbau des Lasersystems im Labor Nichtlineare Optik. Der

akustooptischer Modulator (Dazzler) des Thales-Lasersystems wurde zur Kontrolle der spek-

tralen Amplitude und Phase der Laserpulse zusätzlich installiert. Um die Verluste in der

Pulsenergie nach dem Dazzler auszugleichen erfolgte der Umbau des Vorverstärkers (Booster)

(siehe Kap. 8.3.2).

8.3.2 Formung von Laserpulsen mit einem akustooptischen Modulator

Dieses Kapitel beschreibt die Motivation für die Formung der Laserpulse mit einem akusto-

optischen Modulator sowie die Umsetzung für das vorhandene Lasersystem.

Methoden für Formung von Laserpulsen sind weit verbreitet und �nden zahlreiche Anwen-

dungen. Sie sind ein hilfreicher Bestandteil von Lasersystem zur Erzeugung und Optimierung

von ultrakurzen Laserpulsen und ermöglichen interessante Experimente, z.B. in der kohärenten

Kontrolle von quantummechanischen Prozessen. Von besonderem Interesse ist die Möglichkeit,
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einen Pulsformer direkt zur Beein�ussung der Ergebnissen eines Experiments zu nutzen, z.B.

zur Begünstigung eines bestimmten Reaktionspfades oder Maximierung eines Messsignals.

Diese Möglichkeit bietet neben andern Methoden ein akustooptischer Modulator, wie es von

Tornois 1996 vorgeschlagen wurde [222]. Dieser Modulator beruht auf dem akustoptischen

E�ekt, der die Kopplung zwischen zwei optischen Moden in einem Kristall ermöglicht. In

der Interaktion wird ein breitbandiger akustischer Impuls an einen transparenten, doppel-

brechenden, einachsigen Kristall angelegt [223]. Die Polarisation des einfallende Lichtpulses

wird entlang einer Achse gewählt, sodass durch die Interaktion Licht in den orthogonalen

Polarisationszustand überführt wird. Jede Frequenz des einfallenden optischen Pulses pro-

pagiert im Kristall bis sie auf eine phasenangepasste räumliche Frequenz des akustischen

Gitters tri�t. Liegt Phasenanpassung vor, dann wird ein Teil der Energie dieser optischen

Frequenz gebeugt[224]. Die Überlagerung aller gebeugten Frequenzen ergibt den Laserpuls,

der den akustoptischen Modulator verlässt. Der gebeugte Puls wird von dem räumlichen In-

tensitätspro�l der akustischen Welle kontrolliert. Neben dem gebeugten Strahl, der sowohl

in Amplitude und Phase verändert ist, verlässt der nichtgebeugte Anteil des eingehenden

Laserpulse, für den es keine Phasensteuerung gibt, den Kristall.

Somit ist eine vollständige Kontrolle der Phase und Amplitude des gebeugten Impulses durch

Steuerung der akustischen Phase und Leistungsspektren möglich. Der akustooptischer Modu-

lator kann in einem Lasersystem die Phase der emittierten Pulse, die von einer fehlerhaften

Anpassung der Beiträge zur Dispersion eines CPA Lasersystems beein�usst werden, korrigie-

ren sowie Verluste der Bandbreite, die aus dem Verstärkungsprozess folgen, vorkompensieren.

Ein akustooptischer Modulator hat dabei den Vorteil, dass er über eine kompakte Gröÿe ver-

fügt, leicht in bestehendes Lasersystem zu integrieren ist und groÿe Flexibilität durch die

Programmierung bietet. Eine andere häu�g verwendete Methode zur Kontrolle der spektralen

Amplitude und Phase ist ein räumlicher Modulator für Licht (engl. Spatial Light Modula-

tor (SLM)). Entscheidender Unterschied eines SLM im Gegensatz zu dem akustooptischen

Modulator ist, dass der SLM notwendigerweise in der Fourierebene positioniert werden muss.

Für das in Kap. 8.3.1 beschriebene Lasersystem verfügt in der ursprünglichen Version nur

das erste Verstärkersystem über einen akustooptischen Modulator, der der Optimierung der

Few-Cycle-Pulse nach der Hohlfaser dient. Dazzler ist ein kommerziell von der Firma Fastlite

angebotener akustooptischer Modulator. Er ermöglicht es die spektrale Phase und Amplitude

von ultrakurzen Laserpulsen zu kontrollieren.

Im Rahmen dieser Arbeit wurde an der Erzeugung von Few-Cycle-Pulse mit höherer Pulsener-

gie unter Nutzung der Laserpulse des 1-kHz-Lasersystems (Thales, siehe Abb.8.3 gearbeitet.

Dazu wurde in das vorhandene Lasersystem ein zweiter Dazzler eingebaut, mit dem Ziel,

die Kontrolle der spektralen Intensität und Phase der Laserpulse des Thales-Lasersystems

unabhängig vom Femtopowersystem zu ermöglichen. Dies ist eine Vorraussetzung für die er-

folgreiche Hohlfaserkompression der Laserpulse des Thales-Lasersystems.

Der Dazzler HR 800 [220] der Firma Fastlite wurde in das vorhandene Lasersystem inte-

griert und getestet. Die Installation erfolgte zwischen dem Ö�ner-Strecker und dem Booster-

Vorverstärker. Die Synchronisation von akustischer und optischen Puls im Dazzler wurde

durch Anpassung des Triggersignals vorgenommen. Da der Dazzler aufgrund seines Funkti-

onsweise die Polarisation der Laserpulse um 90◦ dreht, kann durch den Einbau einer Halbwel-

lenplatte vor dem Dazzler die ursprüngliche Polarisationsrichtung im Lasersystem beibehalten

werden.
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Die limitierte Beugungse�zienz von ca. 40% des Dazzlers führt zu einer geringeren Pulsener-

gie, die als Seed für den Verstärker zur Verfügung steht. Diese Verluste an Seedenergie müssen

kompensiert werden, um die ursprüngliche Ausgangsleistung von ca. 10mJ des Lasersystems

auch mit der Installation des Dazzler beizubehalten. Um dies zu erreichen, erfolgt ein Umbau

des nachfolgenden Booster-Verstärkers. In der ursprünglichen Form weist der Strahlengang

durch im Booster-Verstärker zwei Durchgänge durch einen mit wassergekühlten Verstärker-

kristall auf, wobei der Seed-Laserstrahl mit einer Linse mit f=500mm in den Kristall fokussiert

wird.

Mit der Ersetzung eines Spiegel durch einen zweiteiligen Spiegelhalter, der zwei Spiegel mit

einem Durchmesser von 1/2 Zoll trägt und eines zusätzlichen Fokussierspiegels mit f = 15 cm,

konnte der Strahlengang so geändert werden, dass der Booster-Verstärker nun vier Durch-

gänge durch den Verstärkungskristall aufweist (siehe Abb. 8.4). In der alten Version mit zwei

Verstärkungsdurchgängen wurde bei einer Pumpleistung von 11W die Seedenergie von auf

800 µJ verstärkt. Mit dem neuen Aufbau konnte bei gleicher Pumpleistung die emittierte

Leistung auf 2mJ gesteigert werden, sodass die E�zienz des Verstärkers stark erhöht wurde.

Eine Verringerung der Pumpleistung auf 9mJ beugt Schäden an den optischen Elementen

aufgrund zu hoher Leistung vor.

Mit der Modi�kation des Booster-Verstärkers konnte nach der Inbetriebnahme des Dazzler

die gleiche Verstärkung des Hauptverstärkersystems und gleiche Pulsenergie der emittierten

Laserpulse des gesamten Lasersystems sichergestellt werden.
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Abbildung 8.4: Veränderter Aufbau des Booster-Vorverstärkers: (a) Schematischer Aufbau

des Verstärkers mit vier Durchgängen durch das Verstärkermedium. Ein Hohlspiegel und ein

Doppelspiegelhalter (grauer Rahmen) wurden hinzugefügt, um den Strahlengang zwischen

dem 2. und 3.Pass (rote Markierung) zu ermöglichen. (b) Ausgangsleistung des Vorverstärkers

in Abhängigkeit der Eingangsleistung für eine Pumpenergie von 9mJ.

8.3.2.1 Kontrolle der spektralen Phase

Die spektrale Phase wird mit dem Wizzler der Firma Fastlite gemessen. Die kommerzielle

Software kann die spektrale Phase auswerten und eine optimierte spektrale Phase genieren,

die von der Dazzler-Steuersoftware eingelesen werden kann. Der Prozess der Optimierung wird

nicht genau beschrieben.

Oftmals führt das Ausführen der Optimierung zu längeren Pulsdauern, was vermutlich durch

die komplizierten Transmissionseigenschaften der Elementen zwischen Dazzler am Eingang

des Verstärkersystems und der Wizzlermessung am Ausgang des Verstärkers begründet ist.
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Insbesondere der Verstärkungsprozess und die Kompression im Kompressor, bei der durch die

Propagation an Luft schon Selbstphasenmodulation auftritt, stellten nichtlineare Beiträge der

Propagation dar, die die Optimierung erschweren.

Wird jedoch eine geringe Amplitude der Feedbackstärke ausgewählt, mehrmals wiederholt und

zu Beginn der Prozedur nur geringe Pulsenergien von unter 7mJ ausgewählt, dann führt die

Optimierung zu Laserpulsen mit einem besseren Pulskontrast und einer glatteren spektralen

Phase. Abb.8.5 (a) vergleicht dabei die Messung eines Laserpulses vor der Optimierung und

(b) nach der Optimierung. Vor der Optimierung weist der zeitliche Verlauf der Intensität einen

Vorpuls mit einer Amplitude von 10% des Hauptpulses. Das Spektrum zeigt als Resultat von

Selbstphasenmodulation im kollimierten Strahl an Luft ein Minimum bei 780 nm, auf. Die

spektralen Phasen hat eine komplizierte Struktur und besitzt Anteilen höherer Ordnung.

Mit der Optimierung der Phase mit Hilfe des Dazzlers konnte die Amplitude des Vorpulses

deutlich reduziert. Der der Laserpuls besitzt einen um mehr als eine Gröÿenordnung verbes-

serten Pulskontrast. Ein Vergleich der spektralen Information zeigt, das die Phase deutlich

glatter ist.

Ein Vergleich der Pulsdauern, die mit Hilfe eines Fit einer Gauÿfunktion ermittelt wurden,

zeigt, dass die Pulsdauer der Hauptpulses dabei leicht von 33,3 fs auf 34,6 fs angewachsen

ist. Da die Pulsenergie durch den erhöhten Pulskontrast besser im Hauptpuls konzentriert

ist, können durch die Optimierung jedoch höherer Intensitäten erreicht werden. Dies zeigte

sich im Lasersystem dadurch, dass bei der Verwendung des optisch-parametrische Verstärker

(TOPAS, siehe Abb. 8.3) eine höhere Konversionse�zienz erreicht werden konnte.

Insbesondere ein guter Pulskontrast ist für alle Experimente der Starkfeldphysik wünschens-

wert, da Vorpulse entscheidend die Dynamik von Prozessen wie der Ionisation von Atomen

und die Fragmentierung von Molekülen verändern können (vgl. dazu Kap.5.3).

8.3.2.2 Kontrolle der spektralen Amplitude

Für zeitaufglöste Experimte werden Laserpulse mit möglichst kurzer Pulsdauer benötigt. Auch

für die Erzeugun von Few-Cycle-Laserpulsen durch spektrale Verbreitung mit Hilfe von Edel-

gas gefüllten Hohlfasern, siehe Kap. 8.3.3 ist eine Mindestbandbreite der Laserpulse wün-

schenswert.

Vor allem für Verstärkersystem mit hoher Verstärkung tritt eine Verringerung der Bandbrei-

te als Folge des Verstärkungsprozesses (engl. Gain narrowing) auf, da die Verstärkung nicht

über den gesamten Spektralbereich statt�ndet, sondern von wellenlängenabhängigen Verstär-

kungspro�l des Lasermediums, in diesem Fall Ti:sapphier, abhängt [225]. Obwohl Ti:sapphier

es ermöglicht mit Hilfe von Laseroszillatoren Pulse von unter 10 fs zu er erzeugen, haben Ver-

stärkersysteme mit Pulsenergien >1mJ typischerweise eine Verstärkungsbandbreite von ca.

40 nm, was Pulsdauer von 24 fs entspricht [225].

Um diesen E�ekt zu kompensieren, ist es möglich mit dem Dazzler die spektrale Amplitude der

Eingangslaserpulse zu verändern. Die Pulsmanipulation mit Dazzler kann realisiert werden,

indem in der Re�ektionsamplitude des Dazzlers ein Loch erzeugt wird. Durch Position, Stärke

und Breite kann die Wirkung kontrolliert und optimiert werden. In Abb.8.6 der Pulsdauer

auf 30 fs oder gar 25 fs verringert werden. Als Nachteil Modlulation im Spektralbereich führt

zu Verstärkung von Vor- und Nachpulsen.

Zudem hat die verringerte Leistung des Seedlaserpulses geringe Leistung nach dem Verstär-
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(a) Pulscharakterisierung vor der Optimierung

(b) Pulscharakterisierung nach der Optimierung
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Abbildung 8.5: Pulscharakterisierung mit Wizzler: (a) Vor der Optimierung der Phase zeigt

der zeitliche Verlauf der Intensität auf einer linearen (links) und einer logarithmischen (Mitte)

Skala, dass dem Hauptpuls ein Vorpuls mit einer Amplitude voraus 10% geht. Ein Fit einer

Gauÿfunktion des Hauptpulses zeigt eine Pulsdauer von 33,3 fs. Das Spektrum (rechts) zeigt

ein Minimum bei 780 nm und eine komplizierte Struktur der spektralen Phasen. (b) Nach der

Optimierung der Phase mit Hilfe des Dazzlers besitzt der Laserpuls einen deutlich verbesserten

Pulskontrast und die spektrale Phase ist glatt.
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kungsprozess zu Folge. So hat der 30 fs nach Kompression nur eine Pulsenergie von 8mJ. Für

28 fs beträgt die Energie 7,4mJ, für 26,5 fs 6,8mJ und für 25 fs nur 5,7mJ. Diese Verluste

könnten jedoch ähnlich wie bei der Modi�kation des Booster-Verstärkers leicht wieder durch

einen weiteren Pass durch das Verstärkungsmedium kompensiert werden.

Es existieren auch andere Methoden zur Veränderung der Pulsform. Diese bieten allerdings

keine so groÿe Flexibilität und Kontrolle verschiedener Parameter. So kann auch die Installa-

tion einer doppelbrechende Quarzplatte in Kombination mit einem Polarisator im Verstärker

die verstärkte Bandbreite erhöhen [226].
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Abbildung 8.6: Pulsmanipulation mit Dazzler: (a) Mit einem Loch in der Re�ektionsamplitude

des Dazzlers mit einer Stärke von 0.5 bei einer Wellenlänge von 782 nm und einer Breite von

50 nm kann die Pulsdauer des Hauptpulses auf 30 fs verringert werden. Durch die Modulation

des Spektrums(rechts) wird die die Höhe des Vor- und Nachpulses (links und Mitte) wieder

verstärkt. (b) Wird das Loch auf eine Stärke von 0.9 und einer Breite von 100 nm erhöht,

kann die Pulsdauer des Hauptpulses auf 25 fs vermindert werden.

8.3.3 Erzeugung von Few-Cycle-Laserpulse durch kohärente Kombination

8.3.3.1 Einleitung

Von besonderem Interesse für die Untersuchung sehr schneller Vorgänge, wie der Elektro-

nenbewegung in Atomen und Molekülen, sind ultrakurze Laserpulse, deren Pulsdauer nur

wenigen optischen Zyklen entspricht. Gerade die Bereitstellung solcher Few-Cycle-Laserpulse

mit hoher Pulsenergie ist für viele Anwendungen sehr wichtig, vor allem für die Erzeugung

höherer Harmonischer (HHG) [10] und die Attosekundenphysik [227; 228]. Zur Charakteri-

sierung des zeitabhängigen elektrischen Feldes von Few-Cycle-Laserpulse stellt die Träger-

Einhüllenden-Phase (engl. Carrier-Envelope-Phase, CEP) eine wichtige Gröÿe dar. Die Un-

tersuchung von Vorgängen in Abhängigkeit der Carrier-Envelope-Phase (CEP) bieten ein

wichtiges Testfeld für das Verständnis und mögliche Ansätze für die Kontrolle der Licht-

Materie-Wechselwirkung.
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Da in den meisten Fällen nicht ein CEP-stabiles Lasersystem genutzt werden kann, muss die

CEP für jeden Laserschuss parallel zum Experiment gemessen werden. Nur dann ist es möglich,

die Ergebnisse des Experimentes nach den Werten der CEP zu sortieren und auszuwerten.

Zahlreiche Experimente nutzen dazu die stereographische Messung der Elektronenspektren

nach der Above-Threshold-Ionisation von Xenon, um die relative CEP eines jeden Pulses zu

vermessen [229]. Diese Methode kam auch in dem in Kap. 5.3 dieser Arbeit beschriebenen

Experiment zum Einsatz.

Da die Pulsenergie von Few-Cycle-Laserpulsen nicht problemlos skaliert werden kann und für

die Messung der CEP ebenfalls ein Teil der Laserpulsenergie benötigt wird, stellt die ver-

fügbare Pulsenergie für viele Experimente einen limitierenden Faktor dar. So wird ein groÿer

Aufwand betrieben, um die Energie von Pulsen mit geringer Pulsdauer zu skalieren. Auch im

Rahmen dieser Arbeit wurde an einer Möglichkeit gearbeitet, intensive Few-Cycle-Laserpulse

auch für die in Kap. 3.1 beschriebenen Ionenstrahlexperimente verfügbar zu machen, da die

Ionisation von Ionen besonders hohe Intensitäten erfordert. Dazu wurde die kohärente Kom-

bination von Few-Cycle-Laserpulsen getestet.

8.3.3.2 Kohärente Kombination von Few-Cycle-Laserpulsen

Die Erzeugung von Few-Cycle-Laserpulsen basiert auf der spektralen Verbreiterung durch

Selbstphasenmodulation (SPM) in einer mit Edelgas gefüllten Hohlfaser [162]. Diese Tech-

nik wird routinemäÿig in einer groÿen Anzahl von Experimenten eingesetzt. Dennoch sind

die erreichbaren Energien typischerweise in der erreichbaren Pulsenergie auf ca. 1 mJ limi-

tiert [230]. Der Grund dafür ist die Selbstfokussierung und Ionisation am Fasereingang, die zur

einer verringerten Fasertransmission und schlechteren spektralen Verbreiterung führt. Ein An-

satz, um diese Limitierungen zu überwinden, stellt die Verringerung der Intensität am Punkt

der höchsten Intensität am Eingang der Faser dar. Dies kann durch eine lange Fokussierung

in Kombination mit einer langen Hohlfaser bei Verwendung eines Druckgradienten, die durch

eine di�erentielle Pumpstufe einen geringeren Gasdruck am Fasereingang bereitstellt, ermög-

licht werden [231]. Damit wurde die Erzeugung von 5-mJ-Few-Cycle-Pulsen in 2,2m langen

Hohlfasern demonstriert [230].

Eine andere Möglichkeit bietet die kohärente Addition von separat verbreiterten Pulsen. Der

ankommende Laserpuls wird dabei in mehrere identische Repliken aufgeteilt. Die räumlich

oder zeitlich geteilten Pulse durchlaufen die nichtlineare Verbreiterung und werden zu einem

einzigen Impuls rekombiniert und komprimiert [232; 233]. In den letzten Jahren wurde die-

se sogenannte Divided-Pulse-Nonlinear-Compression (DPNLC) erfolgreich für die Erhöhung

der Pulsenergie von Faserlasern eingesetzt [232]. Die Grundidee dieses Ansatzes ist, durch

die Aufteilung der Pulsenergie die Nichtlinearitäten höherer Ordnung und Ionisation, die

die E�zienz der Pulskompression erheblich einschränken, zu reduzieren. Die Teilung des Ein-

gangslaserpulses in N -Repliken reduziert die Spitzenintensität in der Hohlfaser um den Faktor

N . Dies kann eine kontrollierte spektrale Verbreiterung jeder einzelnen Pulskopie ermöglichen,

bevor diese zu einem einzigen hochenergetischen Puls kombiniert werden.

Um die Aufteilung des eingehenden Pulses in mehrere Kopien für das DPNLC zu erreichen,

gibt es zwei Verfahren. Dazu können doppelbrechende Kristalle verwendet werden, wobei die

Di�erenz zwischen den Brechungsindizes der langsamen und schnellen Achse zur zeitlichen

Trennung der orthogonalen Polarisationskomponenten des linear polarisierten Eingangsim-
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pulses ausgenutzt wird [232].

Nach der Verbreitung wird die Kombination durch einen zweiten Satz von Kristallen erreicht.

Da die Dickenanpassung zwischen der Teilungs- und Kombinationsstufe sehr wichtig ist [234],

ist es einfacher, die Verzögerung durch Ausbreitung der Pulse nach Drehung des Polarisations-

zustandes um 90 Grad mit einem Faraday-Rotator zu beseitigen [232]. Die Verwendung von

optischen Elementen wie Kristallen und einem Faraday-Rotator in Kombination mit breit-

bandigen und hochenergetischen Pulsen ist sehr kritisch und die durch diese Technik erreichte

Verzögerung ist nur gering. Für gröÿere Verzögerungen bietet es sich an, die Aufteilung über

einen Interferometeraufbau zu realisieren. Dabei müssen die Pulse durch breitbandige optische

Polarisatoren geteilt werden. Nach der Ausbreitung durch die Hohlfaser werden die Pulse mit

einem zweiten Interferometer rekombiniert.

Im Rahmen dieser Arbeit wurden ein Experiment durchgeführt, um die Eignung der kohä-

renten Kombination von durch Hohlfaserkompression erzeugten Few-Cycle-Pulses zu testen.

Dieses Experiment wurde mit Unterstützung von Arno Klenke aus der Arbeitsgruppe von Prof.

Limpert (Institute of Applied Physics Jena) durchgeführt. Die Durchführung und Auswertung

war Teil der Masterarbeit von Yinyu Zhang [235]. Daher wird hier nur eine Zusammenfassung

über die Ergebnisse gegeben. Zu beachten ist, dass diese Experimente vor der Installation

eines Dazzlers in das Thales-Lasersystem durchgeführt wurden.

8.3.3.3 Experiment zur kohärenten Kombination
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Abbildung 8.7: Aufbau des Experimentes zur kohärente Kombination von Few-Cycle-

Laserpulsen: Je ein Interferometer bestehend aus Halbwellenplatten(HWP), Viertelwellenplat-

ten(QWP) und Dünnschichtpolarisatoren(engl. Thin-Film-Polarizer, TFP) wird zur Teilung

und Kombination der Laserpulse genutzt. Quarzglaskeile (Fused-Silica-Wedge, FSW) und ge-

chirpte Spiegel (CM) dienen der Kompression.

Der schematische Aufbau des Experimentes ist in Abb. 8.7 dargestellt. Es wurden die La-

serpulse des Thales-Lasersystems mit einer Pulsdauer von 36 fs mit einer Repetitionsrate

von 1 kHz genutzt. Zwei verschiedene Mach-Zehner-Interferometer wurden zum Aufteilen und

Kombinieren der Laserpulse eingesetzt. In jedem Interferometer wurde ein Paar identischer

Dünnschichtpolarisatoren (TFP) zur räumlichen Teilung und Rekombination verwendet.

Im ersten Interferometer wird der ankommende linear polarisierte Laserpuls in zwei orthogonal

polarisierte Pulskopien aufgeteilt, die durch eine Verzögerung von mehreren Pikosekunden

getrennt sind. Die Polarisation des Strahls wird mit einer Halbwellenplatte so gedreht, dass

der TFP den ankommenden Puls in zwei Teilpulse aufteilt. Der Strahl mit s-Polarisation, der

vom TFP re�ektiert wurde, durchläuft eine Viertelwellenplatte (QWP) doppelt, während er
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unter senkrechtem Einfall von einem durch einen Piezo motorisierten Spiegel re�ektiert wird.

So wird die Polarisation um 90◦ gedreht und der Strahl vom ersten TFP und dem folgenden

zweiten TFP transmittiert. Die p-Polarisation des zweiten Strahls im Interferometer, der vom

ersten TFP transmittiert wurde, wird von einer Halbwellenplatte gedreht, sodass dieser vom

zweiten TFP re�ektiert wird. Danach werden beide Pulskopien mit orthogonaler Polarisation,

die zeitlich separiert sind, sich aber nun wieder kollinear ausbreiten, mit einem Hohlspiegel

mit einem Krümmungsradius von 2,5m auf den Fasereingang fokussiert.

Die Hohlfaser hat einen inneren Durchmesser von 300 µm und eine Länge von 1 m. Die

Kammer der Faser wurde mit Neon bei einem konstanten Druck gefüllt.

In dem Interferometer für die Teilung weisen die Strahlenwege unterschiedliche Dispersion auf,

da der eine Arm zwei Durchgänge durch den TFP und der andere Arm nur einen Durchgang

durch den TFP umfasst. Um die gleiche spektrale Phase der eingehenden Laserpulse vor der

spektralen Verbreiterung sicherzustellen, wurden daher in dem einen Arm des Interferometers

zusätzliche Glaskeile positioniert. Die Verzögerung zwischen beiden Pulsen, die sich aus der

Wegstreckendi�erenz im Interferometer ergibt, beträgt 830 ps. In die Faser wird zuerst der

Puls mit der s-Polarisation und später der Puls mit der p-Polarisation eingekoppelt.

Nach Kollimation mit einem Silberspiegel, welcher einen Krümmungsradius von 2,5m auf-

weist, werden die Laserpulse im zweiten Interferometer kombiniert. Zuerst dreht eine breit-

bandige Halbwellenplatte den Polarisationszustand beider Pulse, sodass der verzögerte Puls

vom TFP re�ektiert und auf den Interferometerarm mit der kürzeren Wegstrecke gelenkt

wird. Der erste Puls wird vom TFP transmittiert und erfährt die längere Wegstrecke, um

die Zeitdi�erenz zwischen beiden Pulsen zu kompensieren. Wieder wird in beiden Armen des

Interferometers der Polarisationszustand mittels Halbwellenplatten rotiert, sodass eine räum-

liche Kombination nach dem letzten TFP erreicht wird. Die genaue Anpassung der optischen

Weglängendi�erenz zwischen beiden Interferometern stellt die zeitliche Kombination der bei-

den Pulse sicher. Die TFP (Layertec), die für die Kombination verwendet werden, erfordert

einen Einfallswinkel von 75◦ und unterstützt eine Bandbreite von 550-900 nm. Wie bereits

von Kienel et al. [236] demonstriert wurde, kann der resultierende Polarisationszustand nach

der Kombination zur aktiven Stabilisierung der Interferometer genutzt werden. Dabei wird

ein kleiner Teil des kombinierten Strahles in Richtung eines Hänsch-Colliaud-Detektors [237]

re�ektiert. Das erzeugte Fehlersignal wird für die Rückkopplung über eine PID-Steuerung

(TEM) auf den von einem Piezomotor getriebenen Spiegel im ersten Interferomter genutzt.

Nach der Kombination werden die Pulse durch einen Aufbau von gechirpten Spiegeln in der

Doppelwinkelkon�guration (engl. double-angle chirped mirrors) (Ultrafast Innovations) kom-

primiert, die per Re�exion eine Dispersion von -50 fs2 beziehungsweise insgesamt -400 fs2 er-

zeugen. Die Optimierung der Dispersion geschieht über ein Paar Quarzglaskeile. Die spektrale

Verbreitung der Pulse wurde mit einem Spektrometer (Oceon Optics USB2000) gemessen und

die Pulsdauern mit einem SPIDER (Spectral Phase Interferometry for Direct Electric-�eld

Reconstruction) der Firma APE gemessen.

8.3.3.4 Ergebnisse

Nach einer Aufteilung der Pulse im ersten Interferometer hat jeder Puls ungefähr die Hälf-

te der Eingangsenergie, da die Verluste im ersten Interferometer sehr klein sind. Trotz des

verwendeten Ansatzes der Aufteilung der Pulse wurden für diese Experimente nicht die ge-
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samte Leistung des Lasersystems genutzt. Wurden Pulse mit einer Energie von 1.3 mJ für

die Aufteilung verwendet, betrug bei einem Druck von 2.3 bar Neon die Gesamtenergie nach

der Faser 900 µJ (450 µJ in jeder Pulskopie). Dies ergibt eine Transmissionse�zienz von

ca. 70 % und ist ein typischer Wert für ein Hohlfaseraufbau. Nach der Kombination der Pulse

betrug die Pulsenergie 600 µJ. Dies entspricht einer Kombinationse�zienz von ca. 66 %. Die

Pulsdauer des kombinierten Pulses betrug 10,5 fs (siehe Abb.8.8 (a)).

Für eine zweite genutzte Eingangspulsenergie von 3.1 mJ bzw. 1,55 mJ pro Pulskopie konnten

nach der Faser nur 0,73 mJ pro Puls gemessen werden, sodass mit nur 50% die E�zienz der

Faser schon aufgrund der hohen Intensität vermindert war. Für diese Bedienungen betrug die

Energie nach der Kombination 0,84 mJ bei einer Kombinationse�zienz von nur 57 %. Dabei

konnten die Pulse auf eine Pulsdauer von 7,5 fs komprimiert werden (siehe Abb. 8.8 (b)).

Aufgrund der gemessenen Pulsdauer und beobachteten stabilen Interferenzmuster bei Überla-

gerung der Strahlen konnte veri�ziert werden, dass die Stabilisierung der Interferometerlängen

durch den Hänsch-Colliaud-Detektor funktionierte.

Damit wurde gezeigt, dass der Ansatz der Divided Pulse Nonlinear Compression (DPNLC)

für die Hohlfaserkompression von Few-Cycle-Pulsen möglich ist. Theoretisch kann damit die

erreichbare Pulsenergie mit der Anzahl der erzeugten Pulskopien skaliert werden. Allerdings

war der Gewinn an Pulsenergie im Vergleich zur Energie desselben Prozesses ohne den Ansatz

der Aufteilung sehr gering und steht in keinem Verhältnis zu dem groÿen technischen Aufwand

und dem komplexen Aufbau mit einer Vielzahl auf Few-Cycle-Pulse optimierten Optiken. Die

E�zienz ist vor allem limitiert durch die vielen benötigten optischen Elemente, die alle für eine

groÿe Bandbreite von 200-300 nm ausgelegt sein müssen und über diesen groÿen spektralen

Bereich merkliche Verluste aufweisen. Die kritischen Elemente sind die breitbandigen TFPs,

die eine mittlere Re�ektivität von 83 % besitzen. Ein weitere Schwierigkeit des Experimentes

war, dass die Kombination von Interferometer und Hohlfaser sehr hohe Anforderungen an die

Stabilität der Strahllage setzt.
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Abbildung 8.8: Spidermessung von Few-Cycle-Puls nach Kombination: (a) Kombinierte Puls-

energie von 600 µJ. Die ermittelte Pulsdauer beträgt 10,8±0.2fs. (b) Kombinierte Pulsenergie
von 800 µJ. Die ermittelte Pulsdauer beträgt 7,5±0.2fs.

Zudem konnten die Pulsdauern nicht wie erwünscht auf etwa 5 fs komprimiert werden. Dies

erklärt sich durch die vergleichsweise lange Eingangspulsdauer von 35 fs, sodass für 5 fs ei-

ne Verbreitung des Spektrum um einen Faktor 7 nötig ist. Typischerweise wird mit einem

einzelnen Faseraufbau eine Verbreiterung um einen Faktor 5 erreicht. Dabei wurde auch be-

obachtet, dass die spektrale Phase bei höheren Drücken in der Hohlfaser durch die eingesetzten
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gechirpten Spiegel nicht vollständig kompensiert werden konnte. Durch den später im Laser-

system vorgenommenen Einbau eines akustooptischen Modulators im Thales Lasersystem ist

zu erwarten (siehe Kap. 8.3.2), dass bei einer Wiederholung des Experimentes bessere Vor-

aussetzungen vorliegen.

8.3.3.5 Zusammenfassung

In einem proof-of-principle-Experiment konnte die Divided-Pulse-Nonlinear-Compression (DP-

NLC) für die Hohlfaserkompression von Few-Cycle-Pulsen demonstriert werden. Dieses Kon-

zept kann leicht auf höhere Pulsenergien skaliert werden. So können längere Fasern mit einem

Druckgradienten verwendet werden [230]. Allerdings erwies sich der Einsatz von Interferome-

tern zur Aufteilung und Kombination in der Umsetzung als sehr anspruchsvoll.
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