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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 Wasserstoffatoms.
Dies ermoglicht 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 fiir He™ deutlich kleiner sind als
fiir typischerweise genutzte Atome mit niedrigem lonisationspotential. Die Verwendung von
He™ fiihrt zu einem viel geringeren Keldysh-Parameter, was die Relevanz nichtadiabatischer
Effekte, die die Interpretation der Attoclock erschweren, signifikant reduziert. Die Ergebnisse
fiir den Elektronenemissionswinkel sind in guter Ubereinstimmung mit theoretischen Vorher-
sagen aus der Losungen 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 Abhéngigkeit der Doppelionisation von der Subzyklenform des ionisierenden
Few-Cycle-Laserfeldes demonstriert. Die auf einem rein sequentiellen Ionisationsmodell basie-
renden Simulationen zeigen eine bemerkenswert gute Ubereinstimmung mit den experimen-
tellen Beobachtungen und konnen die fiir die Doppelionisation mit Few-Cycle-Laserpulsen

charakteristische 6-Peak-Struktur der gemessenen lonenimpulsverteilungen reproduzieren.

Neben der Interaktion atomarer Systeme mit starken Laserfeldern wurde in dieser Arbeit die
erste experimentelle Untersuchung des einfachsten asymmetrischen Molekiils, dem Helium-
hydridion, in starken Laserfeldern durchgefiihrt. Es konnte gezeigt werden, wie der asymme-
trische Aufbau und das daraus folgende permanente Dipolmoment die laserinduzierte Frag-
mentation des Heliumhydridions beeinflusst. Sowohl das Experiment als auch die Theorie
fiir Dissoziation, Einfachionisation und Doppelionisation von HeH™ und dem Isotop HeD™
demonstrieren, dass, abhéngig von der Laserwellenldnge, fiir das asymmetrische Molekiil die
direkte Vibrationsanregung vor der lonisation zur Streckung des Molekiils fiithrt. Die Dyna-
mik von HeH™ steht im Gegensatz zu den bekannten symmetrischen Molekiilen und gibt
interessante Einblicke in das Verhalten asymmetrischer Systeme.
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Abstract

This work focuses the control of fundamental single- and two-electron systems using intense,
ultra-short laser fields 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 refine 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 significantly smaller than for, the
typically used, atoms with lower ionization potential. Moreover, using He™ results in a much
lower Keldysh parameter, which significantly reduces the importance of nonadiabatic effects
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 field 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 fields,
in this work the first experimental investigation of the simplest asymmetric molecule, the
helium hydride ion, in strong laser fields 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™, influence 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.



Kapitel 1
Einleitung

Die Physik strebt danach, die Grundbausteine der Natur zu identifizieren und die Gesetze ih-
rer Wechselwirkung zu ergriinden [1]. Experimente haben einen herausragenden Stellenwert,
da nur durch sie neue Naturerscheinungen beobachtet und Vorhersagen von physikalischen
Theorien tiberpriift und gegebenenfalls falsifiziert werden konnen [2]. Fiir die Theorienbildung
sind dabei besonders einfache Systeme von grofer Bedeutung, da bei Thnen durch die Inter-
aktion einer geringen Anzahl von Teilchen die zugrunde liegende Physik mit {iberschaubarer
Komplexitéit erfasst werden kann. Besonders deutlich wird dies beim Wasserstoffatom und
seiner Rolle in der Atomphysik. Tatséchlich zeigt es als das am einfachsten aufgebaute Atom
den Weg zum Verstdndnis aller Atome auf, nachdem die quantenmechanische Schrédinger-
und Dirac-Gleichung nur fiir ein Teilchen im zentralsymmetrischen Potenzial, und damit nur
fiir das Wasserstoffatom oder wasserstoffihnliche Atome wie das einfach geladene Heliumion,
analytisch l6sbar sind [3].

Es ist ein wichtiges Anliegen, diese fundamentalen Quantensysteme auch zeitaufgeldst zu stu-
dieren. Zur Beobachtung dynamischer Vorgéinge in Atomen oder Molekiilen wird eine extrem
hohe Zeitauflésung bendtigt, da die Bewegung der Elektronen in der Atomhiille auf der Zeit-
skala von Femtosekunden (107! Sekunden) bis Attosekunden (107'® Sekunden) abliuft [4].
Hier haben in den letzten Jahren die Fortschritte in der Erzeugung ultrakurzer Laserpul-
se die Moglichkeit geschaffen, diese sehr schnellen Vorginge sichtbar zu machen. Die mit
Femtosekundenlasern erreichbaren Energiedichten ermoglichen es zugleich, fiir sehr kurze Zei-
tintervalle sehr hohe elektrische Felder zu erzeugen. Die erzielten Feldstérken sind mit der
Stéarke 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 Stérungstheorie behandelt werden kann.

Eine wichtige Grundlage fiir die Starkfeldphysik stellen die theoretischen Arbeiten von Keldysh
aus dem Jahr 1965 dar, in denen die lonisation eines Atoms durch eine elektromagnetische
Welle als Tunnelionisationsprozess behandelt wird [5]. Erst Jahrzehnte spéter gelang der expe-
rimentelle Nachweis dieses Mechanismus [6]. Dem initialen Schritt der Tunnelionisation folgen
eine Reihe neuer charakteristischer Effekte [7]. Dazu zihlen die elastische Streuung der Pho-
toelektronen am Urspungsatom [8], die nichtsequentiellen Doppelionisation [9] und die Erzeu-
gung von héheren Harmonischen und von Attosekundenpulsen [10]. Die auf der Tunnelionisa-
tion beruhenden Phédnomene begriindeten somit das Gebiet der Attosekundenphysik fiir die
Untersuchung der Licht-Materie-Wechselwirkung [11; 4].

Wie in allen Bereichen der Physik sind fiir das fundamentale Verstandnis auch in der Starkfeld-
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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 ermdoglichen. 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 Ubergéinge von einem Atom mit einem Elektron im Het zu einem Atom mit
zwei Elektronen im Helium sowie der von atomaren Systemen zu Molekiilen stellen dabei

jeweils einen grofen Sprung in der Komplexitit 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 Molekiile 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 ermdglicht die Untersuchung
elementarer Systeme wie He™ und Hj [12] sowie exotischer Molekiilen wie HeH™" [13]. Zudem
erbffnet die Verwendung von lonen 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 fiir die theoretische Beschreibung
atomarer Systeme wie das Wasserstoffatom [14] und erméglicht die Untersuchung der Tunnel-
ionisation, die bei typischen Laserwellenlangen von 800 nm fiir 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 ausfiihrlich un-
tersucht wurde, stellt er weiterhin den Gegenstand aktueller intensiver Forschungsaktivitdten
dar[15; 16; 17|. Insbesondere fundamentale Fragen iiber das Verstéindnis des Tunneleffektes
werden anhaltend und intensiv diskutiert und betreffen vor allem die Frage: Wie lange bend-
tigt ein tunnelndes Teilchen fiir den Tunnelvorgang? Diese Fragestellung wird in dieser Arbeit
fiir Experimente mit dem Einelektronensystem He™ untersucht.

Fiir 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
herausgelost. Hier kann grundsétzlich zwischen der sequentiellen und der nichtsequentiellen
Doppelionisation (NSDI) unterschieden werden. Sequentiell heift im Grunde, dass die Elek-
tronen nacheinander durch zwei unabhdngige Ionisationsprozesse aus dem Atom befreit wer-
den. Als nichtsequentielle Doppelionisation wird in der Starkfeld-Laserphysik das Phinomen
bezeichnet, dass das erste durch das Laserfeld aus dem Atom gelste 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 unterdriickt ist, kann
die Doppelionisation in intensiven Laserfeldern in sehr guter Niherung 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 fiir diesen hypothetischen Effekt 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 Molekiile in starken Laserfeldern am
Beispiel des Heliumhydridions untersucht. Fiir Molekiile sind die gleichen Phianomene, die fiir
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 verlduft im Vergleich zur elektronischen Bewegung auf lingeren Zeitskalen,
aber immer noch auf der Zeitskala der Laserpulse. Der ungeheure Anstieg der Komplexitét
des Problems sei durch ein Bonmot des Miterfinders des Lasers und Nobelpreistragers, 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 unwillkiirlich an
Schawlows frustrierte Bemerkung. Die Schwingungs- und Rotationsbewegungen und das Feh-
len der Kugelsymmetrie machen die Erklarung und die Kontrolle der quantenmechanischen
Eigenschaften von Molekiilen viel schwieriger als dies fiir die einfacheren Atome der Fall ist.
Dennoch haben Physiker in den letzten Jahrzehnten begonnen, mit Molekiilen immer kompli-
ziertere und prézisere Experimente durchzufiithren, um ein physikalisches Verstdndnis dieser
Systeme zu erlangen.

Die Fragmentation von einfachen Molekiilen, die mit intensiven Laserpulsen interagieren, ist
auch deswegen von grofem Interesse, da sie Wege aufzeigen, eines der Hauptziele der Mo-
lekiilphysik, die Kontrolle chemischer Reaktionen, zu erreichen. Bisher basiert ein Grofsteil
des Verstidndnisses der Fragmentation von einfachen Molekiilen in starken Laserfeldern auf
dem einfachsten Referenzmolekiil, dem Wasserstoffmolekiilion HJ . So wurden wichtige Effek-
te der Interaktion von Molekiilen mit Laserpulsen wie die Above-Threshold-Dissoziation [21]
und Bond-Softening [22] fiir das Hj -Molekiil beschrieben. Damit ist dieses Molekiil nicht nur
von fundamentaler Bedeutung, sondern auch sehr speziell, da es sich um eine perfekt sym-
metrische und damit unpolare Verbindung handelt. Um ein vollstdndiges Bild molekularer
Prozesse zu gewinnen, ist es daher von ebenso grofser Wichtigkeit, asymmetrische und damit
polare Systeme zu untersuchen.

Das einfachste asymmetrische Molekiil ist das Heliumhydridion (HeHT). Es ist in vielerlei
Hinsicht eine sehr faszinierende Verbindung, was sich bereits in der Tatsache zeigt, dass es
mutmaflich das erste Molekiil war, das sich nach dem Urknall bildete [23]. Da das Heliumhy-
drid nur als Ton stabil ist, kann es nur mit dem erheblichen Aufwand einer Tonenstrahlanlage
erzeugt werden. Die Untersuchung seiner Dynamik in Laserfeldern ist jedoch besonders rele-
vant, da es den Grenzfall einer asymmetrischen Verbindung darstellt und damit alle iibrigen
Verbindungen zwischen den Extremen des perfekt symmetrischen H; und dem asymmetri-
schen HeH™ liegen. Der Fokus der Untersuchungen fiir die laserinduzierte Fragmentation des
Heliumhydridions liegt naturgeméaf in der Frage: Wie beeinflusst 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 fiir symmetrische Molekiile

wie H; unterscheidet.



Kapitel 2

Atome und Molekule 1n starken
Laserfeldern

Im folgenden Kapitel werden die fiir diese Arbeit wichtigen theoretischen Konzepte fiir die
Interaktion von Atomen und Molekilen mit starken Laserfeldern erldutert. Dazu gehort vor
allem der Prozess der Starkfeldionisation. Ausfihrlichere Darstellungen zu diesem Thema
finden sich in zahlreichen Ubersichtsartikeln [24; 25; 26; 27; 28; 29].

2.1 Die Starkfeldionisation

Wenn Atome oder Molekiile 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 herausgelost.

Fiir 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 Stérungstheorie zu einem groften Teil auf den Arbeiten
von Keldysh aus dem Jahr 1964 [5]. Tatséchlich sind die Grenzfélle seiner Theorie einerseits die
bereits bekannte, mit Stérungstheorie zugingliche Multiphotonenionisation und andererseits
die Tunnelionisation. Um zwischen diesen beiden Ionisationsmechanismen zu unterscheiden,
fiihrte Keldysh den dimensionslosen Parameter « 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 (sieche Abb. 2.1 (b)). Fiir eine hinreichend
niedrige Frequenz des Laserfeldes kann die Barriere als quasistatisch angesehen und die Ioni-
sation mit der Tunnelrate fiir zeitlich konstante elektrische Felder beschrieben werden [27].
Der Parameter v vergleicht daher die charakteristische Zeitskala der Bewegung des Elektrons
unter der Barriere mit der Laserfrequenz wy,. Mit der Bindungsenergie bzw. Ionisationsenergie
des Elektrons I, und der elektrischen Feldstérke F berechnet sich der Keldysh-Parameter in

atomaren Einheiten zu
wr, B U.)L\/2Ip (2 1)

WTunnel E
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Das Tunnelionisationsregime ist also durch 4 < 1 charakterisiert (siehe Abb. 2.1 (a)). Fiir
geringere Intensitdten und/oder kurze Wellenléngen ergibt sich 7 > 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) Multiphotonionisation (b) Tunnelionisation (c) Barrier-Suppression-lonisation

Effektives (9 Effektives
. S :
Potential e Potential
N

Atompotential

lonisationenergie Tunnel

0 0 Tunnelausgang 0

Abbildung 2.1: Ionisationsmechanismen in starken Laserfeldern: (a) Ionisation durch Absorp-
tion mehrerer Photonen. (b) Bildung einer Potentialbarriere aus der Uberlagerung von ato-
maren Potential und Laserfeld ermoglicht das Tunneln des Elektrons aus dem gebundenen
Zustand ins Kontinuum. (c) Fiir hohe Feldstirken wird das effektive 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:

e Dipolndherung: Vereinfachend wird ausschliefslich die Interaktion mit dem elektrischen Feld
und nicht mit der magnetischen Komponente betrachtet [30].

e Einelektronenndherung: Dabei wird statt des Atoms mit allen Elektronen im Laserfeld nur
ein einzelnes aktives Elektron behandelt, das in einem effektiven Atompotential gebunden
ist und mit dem Laserfeld in Wechselwirkung tritt [25].

2.2 Das Semiklassische Modell

Die Interpretation der lonisation als Tunnelvorgang ist Inspiration fiir einen theoretischen
Ansatz, der die mit der Ionisation verbundenen Ph&nomene durch eine Abfolge von zwei oder
drei Schritten erkldren 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 Tons und des Laserfeldes bewegt. Das Elektron wird durch das
Laserfeld vom Ton weg beschleunigt und sein Impuls kann mit dem Auftreffen auf einem Detek-
tor gemessen werden. In einem dritten Schritt kann das Elektron fiir bestimmte Bedingungen
auch wieder auf das Ion treffen und dabei streuen (Riickstreuung)[8], ein anderes Elektron
aus dem Ion herausstofen (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

d*r
lautet. Beginnend von der allgemeinen Losung
dr(t t
tl(t) = /t [E{) + VV(r(t")]dt + vo. (2.3)
0

mit der Startzeit tgp und der Initialgeschwindigkeit vg konnen die Impuls- und Energievertei-
lung durch Integration berechnet werden.

Eine zentrale Schwierigkeit innerhalb des semiklassischen Modells stellt die korrekte Beschrei-
bung des lonisationsschrittes dar. Dazu wird eine Theorie benétigt, die Wahrscheinlichkeiten
fiir 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 fiir einen Keldysh-Parameter v < 1 gerechtfertigt [5; 31].
Der Hamiltonian fiir ein Elektron in einem Coulomb-Potential mit der Kernladungszahl Z
und in einem statischen elektrischen Feld E = Fey lautet:

A p2 A

H=———+ FEz. 2.4
2 7“+x ( )

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 J-férmigem Atompotential

Im einfachsten Fall kann die Ausdehnung des atomaren Potentials vollig vernachléssigt wer-
den. Mathematisch kann dies durch ein §-Potential beschrieben werden. Fiir ein Atompotential
dieser Form kann der Tunnelausgang x. bei eindimensionaler Betrachtung der Trajektorie des
Elektrons entlang der x-Achse berechnet werden und betragt

") (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/xz. Die Position des

Maximums der Barriere ist dann fiir £ > 0 an gy, = —\/% . Fiir den Tunnelausgang folgt
durch Losung von —Z/x + E - © = —I,, mit einer quadratischen Gleichung [32]

1
- /72 —
Te = 5 (Ip—l— Ip 47 F). (2.6)
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Dreidimensionales Coulomb-Potential

Die dreidimensionale Schrédingergleichung mit dem Hamiltonian in Gl. 2.4 fiir Einelektronen-
systeme ist in parabolischen Koordinaten separierbar [33; 31|. Einige Schritte der Berechnung
sind im Anhang8.1 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

_Me_ L /12 _
Te = 2 - 2E <IP + Ip 462E> (27)

befindet. Allerdings sollten Ansétze, nach der Tunnelionisation Elektronentrajektorien an die-
sem Punkt zu beginn, zuriickhaltend beurteilt werden, da die Wellenfunktion des Elektrons
iiber eine erhebliche Ausdehnung verfiigt.

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 fiir das Wasserstoffatom, die als
Landau-Rate bezeichnet wird, lautet dann

r— %exp <—32E> . (2.8)

Die Tunnelwahrscheinlichkeit steigt exponentiell mit der Stéirke des elektrischen Feldes an.
Dieses Verhalten findet sich auch in einer allgemeineren Form der quasistatischen Ionisations-

rate wieder.

2.4 Quasistatische Ionisationsraten

Oftmals wird die quasistatische Behandlung des lonisationsvorganges 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 {iber Tunnelionisation stattfindet, kann
dies durch die quasistatische Ionisationsrate I',;,, beschrieben werden, die entsprechend der

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

B Cum [2Q? [ 12 2Z/k—|m|-1 943
o2 — G D+ [ml)! 2.10)

2(L = [ml)!
wobei E(t) die instantane elektrische Feldstéirke, I, in k = \/E das lonisationspotential des
Atoms sowie n, [ und m die Haupt-, Drehimpuls- und Bahndrehimpulsquantenzahl bezeichnen.
Der Faktor Cy,, 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 niherungsweise fiir die
Verteilung der longitudinalen Impulse p

w2(2] )3/2
|9y |? o [thoy |* exp <—p23;3 (2.11)
und fiir die transversalen Impulse p|
21
|91 [* o [thoL|? exp <—p2LEP) (2.12)

folgt. Demnach lisst sich die Anfangsimpulsverteilung mit Gauffunktionen angeben, deren
Breite durch die Standardabweichungen o) =, /% fiir den longitudinalen Impuls und
P

. E . .
o1 = /3 N flir den transversalen Impuls bestimmt werden.

2.5 Die kritische Feldstarke

Fiir sehr hohe Laserintensititen bzw. elektrische Feldstdrken 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-lonisation bezeichnet. An diesem Punkt ist zu erwarten, dass die
Ionisationsrate stark ansteigt. Fiir eine eindimensionale Betrachtung des effektiven Potentials
V = —% + Ez befindet sich das Maximum der Barriere bei z, = —\/Z/7E und die Energie
betrigt V() = —vZE. Damit folgt fiir die kritische Feldstéirke, an der das Maximum des
effektiven Potentials unter die Bindungsenergie verschoben wird,

B, = % (2?)2 (2.13)

Wendet man dieses Ergebnis fiir das einfachste Atom, das Wasserstoffatom, an, liefert GI. 2.13
das Ergebnis E.=0,0625a.u. Es stellt sich heraus, dass eine Behandlung des Problems in
parabolischen Koordinaten einen um mehr als Faktor zwei groferen Wert liefert [38]. Die
Storungsrechnung liefert [31]

E.~ (V2 -1)I32 (2.14)

und die kritische Feldstirke betriagt also £.=0,146 a.u.
Dieses Ergebnis gilt jedoch nur fiir die spezielle Symmetrie von wasserstoffartigen Systemen
und nicht fiir Mehrelektronensysteme. Daher wird Gl.2.13 oft in der Literatur benutzt und

dient meist als Abschétzung der Intensitét, 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 Frequenzabhéngigkeit der Ionisationsrate.
Die allgemeinere Behandlung des Ionisationsvorganges in einer nichtadiabatischen Theorie
wurde durch Perelomov, Popov und Terent’ev durchgefiihrt [35; 39]. Nach der PPT-Theorie
sind sowohl die lonisationsrate als auch der Ort und der Impuls des Elektrons nach der
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Abbildung 2.2: Ionisation und Ionisationsrate des Wasserstoffatoms fiir die adiabatische ADK-
und die nichtadiabatische YI-Rate bei 1,5-10W /cm? und einer Pulsdauer von 35fs fiir ver-
schiedene Laserwellenlingen. Mit sinkendem Keldysh-Parameter nehmen die Beitrége der
Multiphotonenionisation ab und die beiden Theorien sagen die gleiche lonisationsamplitude

voraus.

Ionisation von der Frequenz des Laserfeldes bzw. dem entsprechenden Keldysh-Parameter
abhéngig [35; 26; 40; 41].

Auf der PPT-Theorie aufbauend, geben Yudin und Ivanov einen Ausdruck fiir eine instanta-
ne lonisationsrate an, die sowohl im Bereich der Multiphoton- als auch der Tunnelionisation
giiltig ist [42]. Die Rate ist direkt vom Keldysh-Parameter abhéngig und kann damit auch im
Ubergangsbereich v ~ 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 fiir das Wasserstoffatom iiber einen
grofen Bereich von Wellenlédngen dargestellt. Berechnet wurden sowohl die zeitabhéngige To-
nisationswahrscheinlichkeit als auch die lonisationsrate fiir einen 35fs-Puls mit einer Inten-
sitdt von 1,5-10'® W/cm?. Anhand der entsprechenden Keldysh-Parameter wird dabei das
Ionisationsregime von einer Ionisation mit hohen Multiphotonenbeitrag bis zur vollstdndigen

Tunnelionisation variiert.

Im Vergleich zur adiabatischen Tunnelrate ist die nichtadiabatische Ionisationsrate fiir grofere
Keldysh-Parameter aufgrund der nichtadiabatischen Effekte erhoht. Dies kann entweder als
Absorption von Photonen vor dem Tunnelprozess oder als Energiegewinn des Elektrons in
der zeitlich variierenden Barriere wihrend 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]. Fiir den Startort
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des Elektrons nach der nichtadiabatischen PPT-Theorie folgt rppr = L (cosh(g) — 1), wobei

w2

sich 7y aus der Losung der Gleichung sinh?(rp) — (cosh To — m) = 2 berechnet [35; 45].

)
Die transversale Anfangsimpulsverteilung nach dem Tunneln ist in beiden Theorien, der
adiabatischen und der nichtadiabatischen, gaufsformig. Wahrend im adiabatischen Fall die
Anfangsimpulsverteilung um Null zentriert ist, folgt aufgrund der oben genannten Effekte
flir die nichtadiabatische Theorie, dass fiir eine Laserpolarisation mit einer Elliptizitit ¢ der

. 2
Ee (sinhmg 1
w 0

re Diskussion der Folgen fiir die Interpretation von Ionisationsexperimenten mit elliptischer

transversale Anfangsimpuls den Wert p; = annimmt [45]. Eine ausfiihrliche-

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 ¢y, der sich aus den Ionisations-
raten ergibt, aus dem Atom parallel zur instantanen Laserpolarisationsrichtung. Es erscheint
mit einer Anfangsgeschwindigkeit vo am Ausgang des Tunnels rg, der den Startort der Trajek-
torie darstellt. Allerdings sollten Ansétze, nach der Tunnelionisation Elektronentrajektorien
an diesem Punkt zu beginnen, zuriickhaltend beurteilt werden, da die Wellenfunktion des
Elektrons iiber eine erhebliche Ausdehnung verfiigt.

Die einfachste Umsetzung des semiklassischen Modells, welches dann auch als ,,Simple-Man“-
Modell bezeichnet wird, vernachlissigt nach dem lonisationsprozess 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 grof ist [25]. Damit vereinfacht sich die Bewegungsgleichung zu

%v(t) = —E(t). (2.15)
Wenn die Anfangsbedingungen des Elektrons mit ro = 0 sowie vo = 0 approximiert werden,
lautet die Losung .
v(t) = —/ E(t)dt' = A(t) — A(to). (2.16)
to
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(tp), dem Driftimpuls, der gleichbedeutend ist mit dem Impuls, den das Elektron
nach dem Ende des Laserpulses besitzt und mit dem es auf einen Detektor trifft. Diese Be-
ziehung kann auch als Erhaltung des kanonischen Impulses pc(t) = v(t) — A(t) aufgefasst
werden. Mit pe(to) = pe(t) folgt aus A(t — oo) = 0 fiir den Impuls des Elektrons am Ende
des Laserpulses p(t — 00) = pp = —A(tp).
Dieses Ergebnis enthélt eine wichtige Erkenntnis. Der Driftimpuls des Elektrons ist proportio-
nal zum Vektorpotential zum Zeitpunkt der lonisation ¢y, wihrend der lonisationszeitpunkt
durch die lonisationsrate bestimmt wird, die von der elektrischen Feldstédrke abhingt. Da die
Tonisation sehr stark an den Extrema der Feldstirke, an denen A(t) verschwindet, konzentriert
ist, folgt fiir lineare Polarisation pp ~0. Wenn der maximale Impuls erreicht wird, erreicht

die Tonisationsrate I' ihr Minimum im Laserzyklus.
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2.8 Molekiile in starken Laserfeldern

In diesem Kapitel werden einige wichtige theoretische Aspekte von Molekiilen in starken La-
serfeldern vorgestellt. Grundsétzlich ist die Dynamik von Molekiilen, im Vergleich zu den im
vorangegangenen Kapitel diskutierten Atomen, ungleich komplizierter. Die prézise Modellie-
rung der Molekiildynamik in Laserfeldern ist aufgrund der grofen Anzahl von interagierenden
Teilchen eine grofe Herausforderung in der Physik. Eine einheitliche analytische oder exakte
nummerische Lésung der zeitabhingigen Schrédinger-Gleichung fiir Molekiile in intensiven
Laserfeldern ist selbst fiir einfachste Systeme ohne Approximationen nicht mdglich. Neben
der elektronischen Konfiguration miissen fiir Molekiile zusédtzlich die Freiheitsgrade der relati-
ven Bewegungen der Atomkerne beachtet werden. Effekte wie Vibrationen und Rotation des
Molekiils konnen entscheidenden Einfluss auf die beobachtbare Dynamik nehmen.

2.8.1 Born-Oppenheimer-Niherung

Quantenmechanisch lisst sich ein Molekiil durch die Schrodinger-Gleichung HU = Ej, U
beschreiben [47]. Der feldfreie Hamiltonian fiir ein zweiatomiges Molekiil mit N Elektronen

ergibt sich aus den Coulomb-Wechselwirkungen aller Teilchen:

N 2 2 2 N
Pe P p Zi Zy
Ho=) e R + (2.17)
izl 2m 2M1 2M2 i1 |I‘e7i — Rl‘ ’I’eﬂ' — R2|
= ~—_————— =
. . Kin. Energie
Kin. Energie Kern-Elektron
der Elektronen der Kerne -Anziehung
Z ( 1 > N AV
Tej—Tej R; — R
= \rei —re| ) _|Ri — Ro
Kern-K
Elektron-Elektron ~AbstoRung
-Abstofiung

Die Born-Oppenheimer-Naherung geht davon aus, dass die elektronische Dynamik von der
nuklearen Bewegung entkoppelt werden kann, da die Masse der Kerne viel grofer ist als die
Masse der Elektronen, die sich entsprechend schnell bewegen und sich Anderungen der Mole-
kiilstruktur anpassen. Die Kerngeometrie dient als quasistatisches Geriist fiir die Elektronen.
Im Rahmen der Born-Oppenheimer-Néherung kann mit dem Kernabstand R = |R; — Rs| die
Wellenfunktion des Molekiils ¥(r;j, R1, R2) = Ue(r;, R1,R2)- ¥ (R1,Rz2) in ein Produkt aus
elektronischer Wellenfunktion ®(r;j, R) und Kernwellenfunktion x(R) aufgespalten werden.
Dies bedeutet auch, dass die elektronischen, die Schwingungs- und Rotationsbeitrége fiir die
Energieniveaus des Molekiils separiert behandelt werden kénnen Eys = Ee + Fyip + Erot-
Um die molekularen Eigenzusténde £, zu ermitteln, wird im Rahmen dieser Ndherung die
zeitunabhingige Schrodinger-Gleichung fiir eine feste Kerngeometrie gelost. Die Kernbewe-
gung wird damit in einem effektiven Potential betrachtet, welches aus der schnellen und damit
gemittelten Elektron-Elektron- und Elektron-Kern-Wechselwirkung folgt. Es ergeben sich die
Potentialflichen als Funktion des Kernabstandes R.

2.8.2 Schwingungen zweiatomiger Molekiile

Die Kerne fithren Schwingungen in einem mittleren Potential aus, dass sich aus der gemittel-
ten Bewegung der Elektronen ergibt [47; 48]. In erster Ndherung 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

Eun(v) = (v + 3 )iwo (2.18)

mit der Schwingungsquantenzahl v und der Energieseparation AE = hwy. Die Eigenfrequenz
wo = ,/% héngt von der Form des Potentials und der reduzierten Masse p des Molekiils

ab. Die fiir die Geschwindigkeit der Schwingung entscheidende Grofe ist damit die reduzierte

M7 Mo
My+Mo

die entsprechenden Eigenfunktionen die Form v,;,(R) = exp(—muw/hR) - Hy(R), wobei die

Masse des Molekiils i = ﬁl + ﬁg bzw. pu, = . Mit den Hermite-Polynomen H, haben
Auswahlregeln fiir Dipoliibergénge Av = +1 lautet.

Ein harmonisches Potential stellt nur fiir geringe Auslenkungen in der Nihe des Potential-
minimums bei R eine gute Beschreibung von Molekiilen dar. Eine bessere Approximation
bietet das Morse-Potential V (r) = F4[1 — e~ =£e)]2 Dabei ist Ep die Dissoziationsenergie
des Molekiils und entspricht der Potentialtiefe. Die Eigenwerte sind dann durch

h2w? 1
4E£“”+§f (2.19)

E%@):@w%;mm—

2Ep
o
streng wie bei dem harmonischen Oszillator, so dass auch Uberginge mit Av = £2,3,... mog-

lich sind. Die Energieseparation betrigt AFE(v) = fuy [1 - ;‘5}2 (v+ %)}, sodass die Energie-

differenz zwischen benachbarten Zustidnden nicht mehr konstant ist und fiir eine wachsende

mit der Frequenz wy = a gegeben. Die Auswahlregeln Av = +1 gelten nicht mehr so

Quantenzahl v abnimmt. Die Energieabstédnde liegen typischerweise im Infarotbereich. Mit
steigendem v wichst auch der mittlere Kernabstand der Zustdnde.

2.8.3 Rotation zweiatomiger Molekiile

Ein weiterer fiir Molekiile relevanter Freiheitsgrad ist die Rotation. Da die Rotation eines
Molekiils im Vergleich zu Schwingungen deutlich langsamer stattfindet, kann in guter Néhe-
rung von einem festen mittleren Kernabstand ausgegangen werden [49]. In diesem Fall ist die
Beschreibung der Rotation eines Molekiils durch einen starren Rotator moglich.

Das Trigheitsmoment des Molekiils beziiglich seiner Rotationsachse betriigt I = M;R? +
MsR% = uR?, sodass fiir die Rotationsenergie E.o; = %I w? folgt. Quantenmechanisch ergeben
sich die Energieniveaus der Rotation

J(J +1)K2

Epot = 2MR2

(2.20)

mit der Rotationsquantenzahl J. Die Energieabsténde liegen typischerweise im Mikrowellen-
bereich.

Im thermischen Gleichgewicht kann die Besetzungsdichte der Energiezustdnde mit einer Boltz-
_R2J(J+1)
mann-Statistik beschrieben werden und ist daher proportional zu (2J + 1)e 27T | wobei

kp die Boltzmann-Konstante und 7' die Temperatur bezeichnen.

2.8.4 Laserinduzierte Fragmentation von Molekiilen

Um die Komplexitdt der laserinduzierten Fragmentation von Molekiilen in starken Laserfel-
dern erkldren zu kénnen, wurden eine Reihe von Mechanismen identifiziert, die typischerweise
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im Zusammenhang zur Dissoziation und ITonisation des Wasserstoffmolkiilions H}L, dem ein-
fachsten aller Molekiile, diskutiert werden [50; 51].

Fiir den Vorgang der Dissoziation von Hj 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 Ubergingen zuriick auf den bindenden Zustand, wird entsprechend die Emission
von Fragmenten mit geringer Energie beobachtet und als Zero-Photon-Dissociation interpre-
tiert [52].

Zusatzlich fithrt die Kopplung der elektronischen Zustédnde in H; durch das Laserfeld zu einer
Verformung der Potentiale, sodass eine scheinbare Abschwichung der Molekiilbindung die
Dissoziation von bestimmten Vibrationszustdnden erhéht, die als Bond-Softening bezeichnet
wird [22]. Umgekehrt kann fiir andere Vibrationszusténde eine Stabilisierung der Bindung
und entsprechende Verringerung der Dissoziationswahrscheinlichkeit, also Bond-Hardening,
auftreten [53].

Wie es fiir die Atome beschrieben wurde, konnen Laserfelder abhéngig von ihrer Intensitét die
gebundenen Elektronen eines Molekiils herauslésen (siehe Abb.2.3 (b)). Erfolgt die Ionisation,
nachdem das Molekiil zuvor in einen dissoziierenden Zustand angeregt wurde, iiber einen
grofen Bereich von internuklearen Abstdnden R, wird der Begriff der dissoziativen lonisation
verwendet [54].

Uberwiegt infolge des Entfernens der Elektronen die Coulomb-AbstoRung der positiven La-
dungen, zerfallt das Molekiil in Kationen. Die in dieser Coulomb-Explosion auf die nuklearen
Fragmente {ibertragene kinetische Energie gibt Auskunft iiber den Abstand der Atome zum
Zeitpunkt der Ionisation [55].

Fiir H] beschreibt der Effekt der Charge-Resonant-Enhanced-lonization (CREI), dass an
bestimmten internuklearen Abstinden R als Folge des Ubergangs in den angeregten elektro-
nischen Zustand eine Erhohung der Ionisationswahrscheinlichkeit auftritt [56].
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Abbildung 2.3: Schematische Darstellung der Fragmentation des Hy-Molekiils: (a) Born-
Oppenheimer-Potentialflichen fiir den Grundzustand 1so, mit den Vibrationszustinden und
dem angeregten Zustand 2po,. Auch eingezeichnet ist der um die Energien von 800 nm-
Photonen verschobene 2po, mit den relevanten Mechanismen fiir die Dissoziation (Hy — H +
H*), (b) Born-Oppenheimer-Potentialflichen fiir 1so,, 2po, und das repulsive 1/R-Potential
fiir die Ionisation (Hy — H* + H* + e7).



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 Molekilionen. Die
nuklearen Fragmente konnen in Koinzidenz detektiert und somit thre Impulse aus der Flugzeit
und dem Auftreffort auf dem Detektor rekonstruiert werden. Die Erzeugung von Ionen in einer
Tonenquelle erméglicht den Zugang zu fundamentalen Systemen wie He' (siehe Kap. /) und
HJ [12] sowie exotischen Molekiilen wie HeH' (siche Kap. 6).

3.1 Einleitung

In diesem Kapitel wird die in dieser Arbeit genutzte Technik vorgestellt, die fiir die impuls-
aufgelosten Untersuchungen der Interaktion von Ionen und ionischen Molekiilen mit einem
intensiven Laserfeld verwendet wird. Wéahrend sehr viele Starkfeldexperimente mit neutralen
Atomen oder Molekiilen in der Literatur zu finden sind, gibt es nur eine iiberschaubare Anzahl
von vergleichbaren Experimenten mit Ionen oder geladenen Molekiilen.

Friihe Untersuchungen von geladenen Molekiilen wie fiir Hy und Arj mit intensiven La-
serpulsen wurden von Figger, Hénsch et al. in Miinchen [57; 58] und von Williams et al. in
Grofbritannien [59] durchgefiihrt. Spéiter gab es auch in anderen Arbeitsgruppen weitere Ex-
perimente mit ionischen Molekiilen [60; 61; 62; 63; 64] und fiir positive und auch negative
atomare Ionen [65; 66; 67].

In den letzten Jahren wurde im Labor der Arbeitsgruppe Nichtlineare Optik in Jena eine lo-
nenstrahlapparatur fiir die Untersuchung von ionischen Targets mit Few-Cycle-Laserpulsen [12]
und Laserpulsen mit hohen Intensitéten 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 konnen die Impulsverteilungen der ionischen und neutralen
Fragmente gemessen werden, die in der Photoionisation oder Photodissoziation von lonen
oder geladenen Molekiilen im Feld eines intensiven Laserpulses entstehen. Die zeit- und posi-
tionsaufgeloste Koinzidenzdetektion erlaubt die Rekonstruktion des vollen dreidimensionalen
Impulses aller nuklearen Fragmente. Schwache elektrostatische transversale und longitudinale
Felder ermoglichen die Separation verschiedener Ladungszustdnde in der Flugzeit und dem

14
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detektierten Auftreffort. Damit kdnnen neben dem Ladungszustand auch der Impuls der To-
nen, und bei der Fragmentation von Molekiilen der Kinetic-Energy-Release (KER) sowie die
Ausrichtung ermittelt werden.

Der experimentelle Aufbau der Tonenstrahlanlage besteht aus folgenden Abschnitten:
1. Erzeugung und Préaparation 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-
findlichen Detektor.

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

lonenspektrometer Deflektoren  potektor

Ladungsaustauschzelle \ L “‘X

Einzellinse

- - W Fokkussierter
ﬁ - ‘ \ Deflektoren Blenden Laserstrahl

Deflektoren Wienfilter

lonenquelle

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 kénnen Ionenstrome von atomaren Ionen von Edelgasen und molekulare
TIonen wie Hf, HD*, HeH* [13] oder Arj [71] erzeugt werden.

Ein Potential von ca. 300 V 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 fiir die Starke des Magnetfeldes (bis zu 0,7 T), welches
die Aufgabe hat, das Plasma auf die Emissions6ffnung zur Extraktion der Ionen in der Anode

zu fokussieren.

Die Beschleunigung von Elektronen und Ionen in der Hohlkathodenanordnung fithrt zu einer
starken Abnutzung der Elektroden. Das dabei frei werdende Material kann sich ablagern und
zur Blockade der Extraktionséffnung fiithren. Fiir die Anode und die Hohlkathode hat sich
daher Wolfram als langlebigstes Material herausgestellt. Uber eine Potentialdifferenz von 5-
10kV zur Extraktionselektrode hinter der Anode wird aus dem Plasma ein kontinuierlicher
Ionenstrom durch eine Emissionsapertur in der Anode (150-300 um) extrahiert.
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Der Druck in der Ionenquelle muss zum Ziinden der Hohlkathodenentladung auf ca. 10~! mbar
erhoht 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
Emissionséffnung verschoben und es kénnen hohere Ionenstrome extrahiert werden [69]. Je
niedriger der Druck, desto héher wird der extrahierbare Ionenstrom, aber umso grofer ist
die Wahrscheinlichkeit fiir Uberschliige in der Entladungskammer. Vor allem nach der Start-
phase treten hiufiger Uberschliige auf, die auch zum Abbruch der Entladung fithren kénnen.
Um ein lonisationsexperiment 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. 1072 mbar. In der Kammer nach der
Extraktion der Ionen aus der Hohlkathodenentladung herrscht aufgrund einer differentiellen
Pumpstufe ein Druck von ca. 107 mbar.

Nach der Extraktion wird der Ionenstrahl durch ein System von drei elektrostatischen Einzel-
linsen kollimiert, um einen lonenstrahl geringer Divergenz und hoher Ionendichte zu formen
(siehe Abb.3.2(b)). Die Positionierung des Ionenstrahls geschieht iiber drei, an unterschied-
lichen Positionen in der Anlage befindlichen Systemen von elektrostatischen Deflektoren, die
aus jeweils zwei senkrecht zueinander ausgerichteten Paaren von Deflektorplatten bestehen.

Die verschiedenen von der Quelle erzeugten lonenspezies und Ladungszustinde werden mit
Hilfe eines Wienfilters (Dreebit: Massen und Ladungsauflosung >20 bei 5kV) mit einer Aper-
tur von 1mm selektiert. Um einen transversal kalten lonenstrom homogener Dichte zu er-
halten, dienen zwei Blendensysteme aus jeweils vier verschiebbaren Platten. Der Abstand
der beiden Blendensysteme betrigt 132cm. 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 lonenstrahlanlage besteht aus mehreren differentiell gepumpten Ultrahochvaku-
umkammern. Jede Kammer wird durch &lfreie, magnetisch gelagerte Turbopumpen gepumpt
und zusétzlich gegebenenfalls bei 120° C ausgeheizt. In der Ionenquelle ist der Druck ver-
gleichsweise hoch und muss auf ein sehr gutes UHV von 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~ mbar eine Teil-
chendichte von ungefihr 10° cm™3 aufweist. Im Vergleich zu dem Ionenstrahl (a~ 10° cm~3)
hat das Hintergrundgas damit die gleiche oder, abhéngig von der lonenspezies, sogar eine
hohere Teilchendichte als der Ionenstrahl, dem eigentlichen Target des Experimentes (siehe
Kap. 3.6).

Durch Kollision der schnellen Ionen des Ionenstrahls mit Restgasatomen wird iiber Elektro-
neneinfangprozesse der geladenen lonen ein neutraler Atomstrahl erzeugt. Um diesen Effekt
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 verstérkt 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-lonenquelle: (a) Anordnung der Elektroden: Zwischen Hohl-
kathode und Anode wird eine Potentialdifferenz von 300V angelegt. Die Zwischenelektrode
erzeugt ein zusatzliches 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), Deflektoren(7), Gaseinlass(8), Kiihlkérper aus Kupfer(9), Ke-
ramikelemente(10), Keramikkugeln(11), Flansch mit elektrischen Durchfiihrungen(12) und
Flansch zur Halterung der Entladungskammer(13).

3.3 Laser und Laseroptik

Fiir die in dieser Arbeit vorgestellten Experimente wurden die Laserpulse des Thales-Laser-
systems verwendet (sieche Anhang.8.3.1). Zur Fokussierung des Laserstrahls in die Interakti-
onskammer kam eine 90°-off-axis-Parabel mit einer effektiven Fokuslinge von 150 mm zum
Einsatz. Die Fokusgrofe und -form wurden mit einer Kamera untersucht, auf die der Laser-
fokus mit Hilfe eines Klappspiegels abgebildet wurde. Der minimal erreichbare Strahldurch-
messer betrigt ca. 1042 um. Verluste an Transmissions- und Reflexionsoptiken tragen zur
Verminderung der Pulsenergie bei, die fiir die Laserwechselwirkung im Target zur Verfiigung
steht. Fiir 800 nm kénnen Spitzenintensitiiten von bis zu a2 1-10!” W /cm? erreicht werden.

Eine wichtige Messung fiir Starkfeldexperimente ist die Charakterisierung der Intensitétsab-
héngigkeit der untersuchten Prozesse. Dabei ist eine kontinuierliche Verdnderung der Inten-
sitdt ohne Verdnderung anderer Parameter wie Pulsdauer oder Spektrum nétig. Dies kann
durch eine Abschwichung der Pulsenergie erreicht werden, indem z.B. eine Halbwellenplat-
te vor einem breitbandigen Polarisator rotiert wird. Eine andere Moglichkeit besteht darin,
die Position des Laserfokus relativ zur Position des Targets zu verdndern|75]. Diese Metho-
de hat den Vorteil, dass fiir geringere Intensitéten das aktive Volumen der Laser-Materie-
Wechselwirkung erhéht wird und damit im Vergleich zu anderen Methoden hohere Zahlraten

bei niedrigen Intensitdten erreicht werden.

3.4 Interaktionszone und Strahliiberlagerung

In der Interaktionszone kreuzen sich Tonen- und Laserstrahl genau senkrecht zueinander. Die
Uberlagerung des Laserfokus mit einem Durchmesser von etwa 10 zm mit dem Ionenstrahl,
der etwa eine Querschnittsfliiche von circa 0,16 mm? aufweist, erfordert eine prizise Ausrich-
tung beider Strahlen sowie eine Mo6glichkeit, ihre Position zueinander im Raum zu bestimmen.
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Um die Uberlagerung zu gewihrleisten, werden beide Strahlen auf eine Metallspitze, die in
die Interaktionskammer gefahren wird, ausgerichtet [76]. Gelingt gleichermafen die Abbildung
der Spitze mit dem lonenstrahl, beobachtbar auf dem Phosphorschirm, und die Abbildung
der Spitze mit dem Licht des Laserstrahls, dann stimmen die Positionen der beiden Strahlen
hinreichend {iberein, um die Uberlagerung iiber die Zihlrate ionisierter Partikel weiter zu op-
timieren. Dazu wird der Fokus iiber die mogliche Ausdehnung des Ionenstrahls automatisiert
verfahren und die detektierte Rate ausgewertet.

Das Signal einer Photodiode stellt das vom Laserpuls ausgeloste Triggersignal zur Verfiigung,
welches auch dazu genutzt wird, um den Ionenstrahl mit der Periode der Laserrepetitionsrate
abzulenken, sodass der Ionenstrahl nur einige us um die Ankunftszeit des Laserpulses in der
Interaktionszone prasent ist. An die Deflektorplatten wird eine Spannung angelegt, die den
Ionenstrahl die {ibrige Zeit ablenkt. Dies reduziert die Belastung des Detektors durch auf den
Detektor gestreute Ionen erheblich.

Die Interaktion von Laserpuls und Ionen findet in einem longitudinalen elektrostatischem Feld
eines Spektrometers statt (siche Abb.3.3)[77]. Es ermoglicht, die Ionen in Abhéngigkeit der
Ladungsénderung, die die Ionen in der Laserinteraktion erfahren haben, in der Zeit zu sepa-
rieren. Das Spektrometer besteht aus mehreren durch Widerstinde verbundenen ringférmigen
Edelstahlplatten, die senkrecht zum lonenstrahl ausgerichtet sind. Die beiden Ringe am Ein-
gang und Ausgang liegen auf Erdpotential, wihrend an die Ringe, die die Interaktionszone
begrenzen, eine Spannung von Ugs= 100 V-300V angelegt ist.

Das durch die angelegte Spannung erzeugte longitudinale Feld beschleunigt die in das Spek-
trometer eintreffenden Ionen der Ladung ¢ 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 Potentialdifferenz qUs abgebremst. Erfahren die
Ionen jedoch eine Anderung des Ladungszustandes oder der Masse durch Photoionisation
oder Molekiilfragmentation, werden sie beim Verlassen des Spektrometers stirker abgebremst
als sie zuvor beim Eindringen beschleunigt wurden. Die Geschwindigkeitsdnderung und die
Flugzeitdnderung relativ zu den nicht ionisierten Ionen ist abhéngig von der Ladungsdnderung
sowie der Masse des Fragments. Damit konnen die verschiedenen, durch den Ionisationsprozess
im Laserfeld erzeugten Ladungszusténde durch ihre Flugzeit identifiziert werden.

Zusétzlich zur zeitlichen Separation durch das Spektrometer wird ebenfalls zur Separation
verschiedener Fragmente eine Aufspaltung der Ladungszustéinde durch schwache transversale
elektrostatische Felder in vertikaler und horizontaler Richtung nach dem Spektrometer verwen-
det (siehe Abb.3.3). Das transversale Feld sorgt dafiir, dass Fragmente mit unterschiedlichen
Ladungsmasseverhéltnissen an verschiedenen Positionen auf den Detektor treffen.

Der gekoppelte Einfluss der longitudinalen und transversalen Felder auf die gemessenen Im-
pulsdnderungen 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 fiir eine Korrektur in der Rekonstruktion der Fragmentimpulse

genutzt wird.
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Abbildung 3.3: Schema der Messung am Ionenstrahlapparat iiber 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.
verandert nach [77]).

3.5 Detektorsystem und Auswertung

Zur Messung der Ionen nach der Interaktion mit dem Laser wird ein positions- und zeitauf-
losender Teilchendetektor bestehend aus einer Mikrokanalplatte (MCP) und einer Delayline-
Anode (Roentdek-Anode DLD80X) verwendet (siehe Abb. 3.3). Die aktive Detektorflache hat
einen Durchmesser von 80 mm. Die Ankunftszeit und Position jedes auf dem Detektor auf-
treffenden 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 Kanile mit je 8 bit und einer Datenrate zwi-
schen 1,25GS/s und 5GS/s) digitalisiert und iiber 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
rdumliche Filter zur Selektion der realen Ereignisse aus dem Untergrundrauschsignal sowie
zur Unterscheidung der verschiedenen Ladungszustinde eingesetzt. Aus der Flugzeit und der
Auftreffposition auf dem Detektor erfolgt die Berechnung der drei Impulskomponenten jedes
detektierten Teilchens.

Der Abstand zwischen ITonen-Laser-Interaktion und Detektor wird so gewahlt, dass die Auf-
treffpunkte der zu messenden Fragmente einerseits eine moglichst grofe Ausdehnung auf dem
Detektor einnehmen und andererseits keine Fragmente den Detektor verfehlen. Daher wird
die Lange der Flugstrecke entsprechend der Impulse der Fragmente nach der Laserinteraktion
sowie der Masse und Beschleunigungspannung der Ionen gewihlt.

Die Impuls- und Energieauflésung der Messung hingt von vielen Parametern ab. Dazu gehéren
wie schon erwdhnt die Geschwindigkeit und Masse der Fragmente, die Beschleunigungsspan-
nung, die transversale und longitudinale Anfangsgeschwindigkeitsverteilung der Ionen, der
Abstand zwischen Interaktionskammer und Detektor sowie die Auflésung des Detektors (sie-
he auch [63; 76; 79]). Das Detektorsystem kann eine rdumliche Aufldsung von unter 100 pm
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und eine zeitliche Auflésung von unter 100 ps erreichen.

Der primére Ionenstrahl wird mit einem Faraday-Cup mit einem Durchmesser von 2mm vor
dem Detektor aufgefangen (siehe Abb. 3.3), um eine Uberlastung des Detektors zu verhindern.
Nur die ionisierten Ionen treffen aufgrund der transversalen Ablenkung den Detektor.

3.6 Targetdichte und Zahlraten

Die Ionenstrahldichte p kann abgeschitzt werden mit

I [ m
-~ Aq\ 2qUec’

p (3.1)

wobei A die Ionenstrahlquerschnittsfliche, I den Ionenstrom, U, die Beschleunigungsspan-
nung, m die Masse und ¢ den Ladungszustand der lonen bezeichnen. Fiir typische Experimente
sind die Werte A ~0.25 mm?, I ~2 nA und es ergibt sich p ~2-10° Atome/cm?. Die Target-
dichte ist limitiert durch die Emissionscharakteristik der Ionenquelle und die fiir die Fokussie-
rung verwendete lonenoptik. Raumladungseffekte auf Grund von Coulomb-Wechselwirkung
werden erst fiir deutlich hohere Targetdichten von Bedeutung.

Die Z&hlrate realer Ereignisse ist aufgrund der geringen lonendichte sehr klein und liegt in der
GroRenordnung von 0,01—10 Hz bzw. 107°—1072 pro Laserpuls. Dies limitiert die Statistik,
die in Experimenten eines Ionenstrahls in der Interaktion mit Laserpulsen erreicht werden
kann. Die Dauer einer einzelnen Messung betridgt daher ein bis mehrere Tage und stellt sehr
hohe Anforderungen an die Stabilitdt der Ionenquelle und des Lasersystems.

Die geringe Dichte erfordert eine aufwendige Justage und Optimierung fiir jedes Experiment.
Wichtig ist die Bestimmung des Uberlagerung von Laserfokus und Ionenstrahl, wobei die
Position des Laserfokus automatisiert variiert und die Z&hlrate ausgewertet wird. Aufgrund
der Ereignisraten sind allein fiir diese Optimierung mehrere Stunden notwendig.

Es wurden verschiedene Moglichkeiten getestet, wie die Dichte des Ionenstrahls erhéht wer-
den kann, z.B. durch Pulsen der Entladungs- oder Extraktionsspannung der Ionenquelle. Es
gelang jedoch nicht hohere lonenstréme zu erzeugen, die auch die bendtige Strahlqualitdt zur
Kollimierung der Ionen und eine gute zeitliche Stabilitét besitzen.

Diese fiir Tonenstrahlen erreichbaren Targetdichten stehen in starkem Kontrast zu den Dich-
ten, die fiir neutrale Atome oder Molekiile in Gasphase realisiert werden koénnen. Darauf
beruht die iiberwiegende 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
Gréfenordnungen hohere Targetdichten generieren, bis zu 3-10'' Atome/cm? [81].

3.7 Vergleich mit anderen Techniken

Eine wichtige Technik zur Messung der Fragmentimpulse nach Starkfeldionisation von neutra-
len Atomen [83; 84; 85] oder Molekiilen [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 kénnen Atome oder Molekiile 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 Tonen, zu zwei gegeniiberliegenden Detektoren, die eine
Koinzidenzdetektion der Fragmente ermoglichen. Aus den Flugzeiten und dem Auftreffpunk-
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 Tonenstrahlapparatur. So kommt der gleiche zeit- und ortsempfindliche
Detektor zum Einsatz, der eine Koinzidenzdetektion verschiedener Fragmente erlaubt. Um
sicherzustellen, dass die in Koinzidenz detektierten Fragmente aus demselben Molekiil oder
Atom stammen, muss die Anzahl der Ereignisse pro Laserpuls in der Grofenordnung von eins
gehalten werden. Dies wird im Falle eines ionischen Targets bereits durch die Ionenstrahldichte
gewahrleistet (siehe Kap.3.6).

Offensichtlicher Unterschied zwischen beiden Techniken ist die Beschaffenheit des Targets. Fiir
COLTRIMS sind die zu untersuchenden Systeme auf neutrale bzw. gasformige Atome oder
Molekiile beschréankt, wihrend mit dem Ionenstrahlaufbau nur Ionen oder durch Neutralisa-
tion von Ionen gewonnene Atome oder Molekiile untersucht werden konnen (siehe Kap.5.2).
Aus den unterschiedlichen Targets leitet sich ein wesentlicher Unterschied fiir die erreichbaren
Targetdichten ab, wie in dem vorangegangen Kapitel diskutiert wurde.

Fiir die Untersuchung von Molekiilionen ergibt sich eine wesentliche Besonderheit bei der Nut-
zung eines lonenstrahls. Die Verteilung der Vibrationszustdnde des Molekiils in der Wechsel-
wirkung mit dem Laserpuls bleibt aufgrund der Flugzeit von einigen Mikrosekunden nach der
Erzeugung in der lonenquelle erhalten, allerdings sind die Vibrationszusténde untereinander
nicht kohérent. Dies ist ein wichtiger Unterschied zu dem Fall, dass das Molekiilion, z.B. H2+ ,
iiber Ionisation des neutralen Molekiils 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 kénnen mit dem Ionenstrahl nicht nur die ionischen, sondern aufgrund
der hohen Anfangsgeschwindigkeit des Ionenstrahls auch die neutralen Fragmente detektiert
werden. Dies ermdglicht fiir die Untersuchung von Molekiilreaktionen, wie z.B. der Fragmen-
tation von HJ [12], die Unterscheidung verschiedener Zerfallskanile.

Andererseits kénnen 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 fiir COLTRIMS der Fall ist.

Im Prinzip ist auch fiir Ionenstrahlen die Detektion der Ionen und Elektronen in Koinzidenz
moglich, 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 fiir die Ionisation von neutralen Atome
in COLTRIMS-Experimenten zur Verfligung 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 mdglich, 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 Verstindnis des quantenmechanischen Tunnelprozesses zu erlangen und ins-
besondere die Frage nach einer Tunnelzeit zu kldren, wurden in dieser Arbeit Erperimente
zur lonisation des einfach geladenen Heliumions mit der Attoclock-Methode durchgefiihrt. Die
Nutzung des He'-Ions ermdiglicht es, die Tunnelionisation an einem Einelektronensystem und
naher am Idealfall des quasistatischen Tunnelregimes zu untersuchen, welches durch einen

geringen Keldysh-Parameter charakterisiert wird.

4.1 Uber das Verstiandnis des Tunneleffekts

Der Tunneleffekt ist einer der grundlegendsten Phinomene der Quantenmechanik und wurde
in den 1920er Jahren erstmals beschrieben[89]. Er bezeichnet die Féhigkeit von quanten-
mechanischen Teilchen, klassisch verbotene Gebiete zu durchqueren, indem sie durch eine
Potentialbarriere hindurchtunneln.

Dieser Effekt kann in allen quantenmechanischen Systemen auftreten. Das Verstdndnis von
Tunnelprozessen ist fiir viele grundlegende physikalischen Phéanomene wie Radioaktivitét [90]
und Nukleosynthese, Molekiilspektren oder der Elektronenemission von Metalloberflichen [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. Trifft ein quantenmechanisches Teilchen
auf eine Barriere, reicht die Wellenfunktion durch den klassisch verbotenen Bereich bis auf
die andere Seite der Barriere, wihrend ein Teil der Wellenfunktion vor der Barriere gebunden
bleibt (siehe Abb.4.1).

Seit den Anfingen der Quantenmechanik haben grundsédtzliche Fragen zum Versténdnis des
Tunneleffektes grofse Aufmerksamkeit erregt, wobei die wichtigste Fragestellung lautet: Wie
viel Zeit bendtigt ein tunnelndes Teilchen fiir 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 definierter Zeit-
operator existiert |95]. Vielmehr ist die Zeit ein Parameter und keine beobachtbare Grofse [96],
sodass eine Vielzahl von verschiedenen Konzepten fiir eine Tunnelzeit entwickelt wurden [93;
92; 17; 97].

Die Aussagen iiber eine Tunnelzeit hingen daher stark von der verwendeten Definition ab und
spiegeln verschiedene physikalische Aspekte des Prozesses wider, was zu Unterschieden in der
physikalischen Interpretation fithren kann [16; 98]. So wurde in diesem Zusammenhang schon
die Frage diskutiert, ob Tunneln der speziellen Relativitdtstheorie widerspricht [99; 100; 92].

Eine der Definitionen 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 Biittiker-Landauer-Zeit [91]. Sie ist die Zeit, die in der Barrie-
renregion verbracht wird, gemittelt {iber alle eingehenden Partikel, unabhéngig davon, ob ein
Partikel transmittiert oder reflektiert wird [92].

Eine andere Definition bezeichnet die Zeit, wahrend der das tunnelnde Partikel tatséchlich die
Barriere durchquert (engl. ,passage time oder ,traversal time®). Auf diesem Konzept beruht
eine der am meisten akzeptierten Definitionen, die Eisenbud-Wigner-Smith-Zeitverzogerung,
kurz Wigner-Zeit. Sie verkniipft die Phasenverschiebung, die ein Wellenpaket durch die Inter-
aktion mit einem zeitabhéngigen Potential erhélt, 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 Tunneleffekt
und die damit verbundene Groéfse der Tunnelzeit auch experimentell untersucht werden kann.
Eine geeignete Moglichkeit 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 (siche Kap.2.1).

Dieser lonisationsprozess beruht auf der Tunnelionisation durch eine oszillierende Barriere,
die von Keldysh vor fast 50 Jahren vorgeschlagen wurde [5]. Auf Grundlage einer moglichen
Definitionen der Tunnelzeit entwickelte Keldysh einen Parameter, um den Grad der Adiaba-
tizitdt der Ionisation zu beschreiben (siehe Kap.2.1). Die Tunnelzeit von Keldysh ist die Zeit,
die ein klassisches Teilchen fiir die Durchquerung der Barriere benétigen wiirde, und ist damit
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ein Spezialfall der Biittiker-Landauer-Zeit [91; 17]. Dieser Begriff der Tunnelzeit entspricht je-
doch nicht einer Verzégerung im Sinne einer realen Zeit, die ein Elektron bei dem Durchlaufen
der Barriere benotigt [17], sondern ist eine imaginére Zeit, die den Abfall der elektronischen
Wellenfunktion unter der Barriere beschreibt [102].

Durch die Entwicklung leistungsfihiger Laserquellen ist es heute mdglich, Laserpulse mit
sehr kurzer Pulsdauer auf sehr hohe Intensitéten zu fokussieren, bei denen die von Keldysh
beschriebene Tunnelionisation von Atomen beobachtet werden kann. Da die Tunnelionisation
grundlegend fiir die Starkfeld- und Attosekundenphysik ist [4], wurde sie experimentell und
theoretisch intensiv untersucht. Allerdings sind Grundsatzfragen iiber die Tunnelzeit weiterhin
ungelost [103; 17].

Um diese Fragen zu kldren, sollte die Ionisation im Tunnelregime und an einem sehr einfachen
System, wie einem Atom mit nur einem Elektron, untersucht werden. Da die Schrodinger-
Gleichung fiir ein Atom im Laserfeld nur fiir Einelektronensysteme separierbar ist, sind sie
wichtige Testsysteme fiir die Theorie der Starkfeldionisation. Fiir diese Systeme kénnen Expe-
rimente aber auch approximative Theorien (siehe Kap. 2.2) direkt mit numerischen Losungen
der zeitabhingigen Schrodinger-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-
serstoffatoms darstellt und eine Untersuchung nahe am quasistatischen Idealfall der Ionisation
ermoglicht (siehe Kap.4.4.1).

4.2 Die Attoclock zur Untersuchung des Tunneleffekts

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 dhnlich wie die Zeiger einer Uhr zur Bestimmung der Zeit in einem lonisationsprozess
genutzt wird. Wie bei einer Uhr unterscheidet man dabei zwischen einem Stundenzeiger und
einem Minutenzeiger fiir 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. fiir
Ionisationsexperimente mit Argon- und Neonatomen diskutiert [83].

Unabhéngig vom Polarisationszustand des Laserfeldes gilt, wird ein Elektron zum Zeitpunkt ¢
durch Tunnelionisation aus seinem Atom befreit, erscheint es ndherungsweise mit verschwin-
denden Anfangsimpuls po ~0 im Laserfeld (siehe Kap.2.7). Danach wird das Elektron im
Laserfeld beschleunigt und weist nach dem Laserpuls einen Driftimpuls p = —A(tg) auf, der
dem Vektorpotential zum Tonisationszeitpunkt ¢y entspricht (siehe Gl.2.16). Im Vergleich zu
linear polarisierten Laserfeldern fiithrt dieser Zusammenhang in elliptisch oder fast zirkular
polarisierten Laserfeldern zu einigen Besonderheiten.

So steigt fiir Pulse mit zirkularer Polarisation die Amplitude des elektrischen Feldes gleichmé-
Rig auf das Maximum des Laserpulses an. Der Impuls aus dem Vektorpotential zum lonisati-
onszeitpunkt ¢y betragt damit p = —A(tg) & —FE(tp)/w und ist proportional zur Ionisations-
feldstérke und umgekehrt proportional zur Kreisfrequenz der Laserpulse. Daher gibt bei einer
Messung der Betrag des Driftimpulses p Aufschluss {iber den Ionisationszeitpunkt auf der
Skala der Einhiillenden des Laserpulses mit einer gegebenen Pulsdauer (siehe Abb.4.2(a)).
Dies definiert 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 iiber den Ionisa-
tionszeitpunkt innerhalb der Einhiillenden des Laserpulses (,Stundenzeiger der Attoclock).
(b-c) Die Winkelverteilung der Impulse enthélt Informationen tiber den Ionisationszeitpunkt
innerhalb eines Laserzyklus (,Minutenzeiger “ der Attoclock). In Messungen ist das Maximum
der Verteilung um den Winkel 0y,,x gegeniiber den Achsen der Polarisationsellipse verdreht,
wiahrend Simulationen auf Basis des Simple-Man-Modells keine Verdrehung zeigen (fpax=0°).
(d) Das Laserfeld verformt das Coulomb-Potential des Atoms und erméglicht die Tunnelioni-
sation durch die Barriere, die durch Kombination des Coulomb-Potentials mit dem Laserfeld
gebildet wird. (e) Die Tonisationswahrscheinlichkeit folgt der Amplitude der elektrischen Feld-
stirke. Eine Verschiebung der Ionisation um eine hypothetische Tunnelzeit At bedeutet, dass
das Elektron zu einer spiteren Phase im Laserfeld erscheint. (f) Fiir zirkular bzw. elliptisch
polarisierte Laserfelder entspricht die Verschiebung um At innerhalb des Laserzyklus einer
Anderung des Emissionswinkels um A# gegeniiber einer nicht verzégerten Emission. (g) Die
Emissionsrichtung wird auf den Impuls des Elektrons nach der Ionisation in einem elliptisch
polarisierten Laserpuls iibertragen und kann zur Rekonstruktion der Ionisationsdynamik ge-

nutzt werden.
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Die einem Minutenzeiger entsprechende Information wird {iber die Richtung des Elektronenim-
pulses e, = p/|p| gewonnen (siehe Abb. 4.2(b-g)). In erster Naherung erfolgt eine Beschleuni-
gung des Elektrons in Richtung des Vektorpotentiales zum Ionisationszeitpunkt —A(ty). Das
elliptisch polarisierte Vektorpotential rotiert genau wie das entsprechende elektrische Feld
iiber 360° in einer Periode des Laserfeldes, die fiir die Laserwellenléinge von 800 nm eine Zeit-
dauer von 2,7 fs einnimmt. Eine Messung des Elektronenemissionswinkels mit einer Auflosung
von 1° ermdoglicht dann theoretisch die Messung der Ionisationszeit mit einer Auflésung von
7,5 as innerhalb eines Laserzyklus.

Diese Auswertung ist nur fiir elliptisch und nicht fiir zirkular polarisierte Felder sinnvoll, da
im Fall zirkularer Polarisation die Winkelverteilungen eine perfekte Symmetrie besitzen und
somit kein Referenzwinkel definiert werden kann. Fiir elliptische Polarisation beschreibt der
Feldvektor jedoch eine Ellipse, sodass die Hauptachse der Polarisationsellipse eine Referenz
fiir die Richtung der maximalen Feldstérke 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 iiber 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(¢g) einer
Elektronenemission exakt entlang der kleinen Achse der Polarisationsellipse. Ist die Emission
der Elektronen jedoch um eine Zeitdifferenz At verschoben, tritt das Elektron zu einem spéte-
ren Zeitpunkt in das Laserfeld ein. Im Vergleich zu der Ionisation am Feldmaximum hat sich
die Richtung des Feldvektors dann um den Winkel Af, der der Zeitdifferenz At entspricht,
weiter gedreht (siehe Abb. 4.2 (f)). Eine mogliche Tunnelzeit kénnte somit iiber eine Rotation
der maximalen Elektronenemission um den Winkel 6.y, die sich aus p = —A(to — At) ergibt,
gegeniiber den Achsen der Polarisationsellipse identifiziert werden [104].

Obwohl die Idee, die Attoclock-Technik zur Bestimmung einer moglichen Tunnelzeit zu nut-
zen, auf den ersten Blick ein einfaches und einleuchtendes Konzept darstellt, gibt es zahlreiche
Aspekte zu beachten, um eine fundierte Aussage {iber den Ablauf des Tunnelvorgangs treffen
zu konnen. Eine wesentliche Voraussetzung fiir die Auswertung ist die Kenntnis der Ori-
entierung der Laserpolarisation relativ zum Detektor. Da die gemessenen Anderungen des
Elektronenemissionswinkels typischerweise sehr klein sind, muss das Laserfeld, welches die
Ionisation des Targets hervorruft, sehr genau bekannt sein.

Ein wichtiger Aspekt fiir die Interpretation von Attoclock-Experimenten ist, dass es neben
einer Tunnelzeit zahlreiche weitere Effekte gibt, die die experimentelle Messgrofie des Elektro-
nenemissionswinkels beeinflussen. Diese werden in Kap.4.4.6 im Detail erklért. Die Entflech-
tung all dieser Effekte ist nicht trivial, sodass Aussagen iiber eine Tunnelzeit mit Hilfe der
Attoclock-Technik nicht allein aus der Messung, sondern nur im Vergleich mit theoretischen
Simulationen, die die Beitrage aller relevanten Effekte ermitteln, moglich sind.
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4.3 Das Ratsel der Tunnelzeit in Attoclock-Experimenten

In der Literatur existieren viele theoretischen Abhandlungen und einige experimentelle Un-
tersuchungen iiber die Starkfeldionisation von Atomen in elliptisch polarisierten Laserfeldern,
die zum Ziel hatten, die Fragen iiber eine mogliche Tunnelzeit zu beantworten. Inwieweit die
Ergebnisse der Ionisationsexperimente mit den theoretischen Ansétzen fiir die Tunnelzeiten
in Ubereinstimmung zu bringen sind, ist noch nicht vollstindig geklért [17].

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

Nach der ersten Arbeit von Maharjan et al. iber 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. geprigt[105; 104; 106; 107]. Sie stellten
in Experimenten zur Ionisation von Heliumatomen fest, dass die Tunnelionisation instan-
tan stattfindet, und bestimmten eine obere Grenze fiir die Tunnelzeit von 40as|[105]. Als
wichtige Korrektur in der Emissionsrichtung des Elektrons wurde spéter die Interaktion des
Elektrons mit dem Coulomb-Potential des zuriickbleibenden Ions ausgemacht [104]|. In den
darauffolgenden Arbeiten der Gruppe um Keller et al. berichteten sie {iber eine nichtver-
schwindende Tunnelzeit zwischen 40 as und 120 as in einem groflen Bereich von Intensititen
fiir Helium [106; 107].

Spéter untersuchte eine andere Arbeitsgruppe um Camus et al. die Elektronenspektren in einer
kombinierten Messung von Krypton und Argon mit elliptischer Polarisation. Sie identifizierten
iiber die Unterschiede zwischen beiden Atomen eine nichtverschwindende Tunnelzeit [108].
Mit einem anderen Ansatz untersuchten Shafir et al. die Tunnelzeit in der Tonisation 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 fiir die Berechnung der Elektronentrajektorien (engl. Classical
Trajectory Monte Carlo, CTMC) als auch die Losung der zeitabhéngigen Schrodingergleichung
(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 iibertragen. Die Resultate und die daraus folgenden Interpretationen der CTMC-
Simulationen héngen stark von der konsistenten Wahl dieser Bedingungen ab [41].

In einer ausfiihrlichen Analyse der Losungen der TDSE des Wasserstoffatoms 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 Verzogerung als Reaktionszeit der Wellenfunktion, die
benotigt wird, um auf das dufsere elektrische Feld zu reagieren [112; 113].

Zimmerman et al. verglichen verschiedene theoretische Ansétze fiir 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 Lésungen der TDSE wurde von Ni et al. entwickelt [115].
Durch eine klassische Riickpropagation der ionisierten Elektronenwellenpakte konnen 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
fiir eine verschwindende Tunnelzeit moglich ist [115; 41; 116].

Viele Arbeiten identifizieren im Zusammenhang zu Attocklock-Messungen nichtadiabatische
Effekte in der Tunnelionisation. Nichtadiabatizitit kann dabei als eine Anderung der Tonisa-
tionszeit aufgefasst werden, die zwar aus der Bewegung des Elektrons unter der Barriere folgt,
allerdings nicht eine Ionisationszeit im Sinne einer Verzogerung 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 féllt bei Betrachtung der experimentellen Arbeiten auf, dass die Ex-
perimente fiir die Attoclock typischerweise auf Edelgasatome und Laserparameter bei einigen
10'* W/em? und 800 nm konzentriert sind (z.B. [103; 104]). Damit wird die Tonisationsdy-
namik in einem Bereich mit einem Keldysh-Parameter von v > 1 oder v ~1 untersucht, in
dem kein klassisches Tunnelregime vorliegt und nicht eindeutig zwischen Tunnel- und Mul-
tiphotonenionisation unterschieden werden kann. Dennoch wird in den meisten Féillen 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 fiir die
anhaltende Diskussion iiber die Tunnelzeit verantwortlich.

4.4 Das Helium-Ion

4.4.1 Einleitung

Um den Tunnelprozess sowohl nahe am quasistatischen Idealfall der Ionisation als auch fir
ein Einelektronensystem zu untersuchen, wurde in dieser Arbeit das Heliumion fiir Attoclock-
Experimente ausgewéhlt.

Die Ionisation von Atomen in starken Laserfeldern kann anhand des Keldysh-Parameters
(siehe Kap.2.1) in die beiden asymptotischen Grenzfélle der Multiphotonenionisation (y > 1)
und der Tunnelionisation (y < 1) unterteilt werden [5] (siche Kap. 2.1). Wéhrend diese beiden
Fille sowohl in der theoretischen Beschreibung als auch in einem intuitiven Bild gut verstanden
sind, ist der Ubergangsbereich, beschrieben durch einen Keldysh-Parameter v ~1, wo der
Tunnelvorgang allméhlich in die Multiphotonenionisation iibergeht, schwerer zu fassen (siehe
Kap. 2.6). In diesem Fall kann die Oszillation des Laserfeldes wiahrend des Tunnelvorganges
nicht vernachléssigt werden und das Problem des Tunnelns durch eine statische Barriere wird
um den Effekt der Nichtadiabatizitdt erweitert [118].

Wie im letzten Kapitel verdeutlicht, gab es in den letzten Jahren Abhandlungen, die nichta-
diabatische Effekte in der Tunnelionisation untersuchten und den Einfluss auf die Vermessung
etwaiger Tunnelzeiten in dem Regime v ~ 1 diskutierten [40; 46; 119; 116; 41; 120]. Es wurde
gezeigt, dass eine Interpretation der gemessenen Elektronenverteilungen bei Vernachlissigung
der nichtadiabatischen Effekte auf eine nicht verschwindende Tunnelzeit fiihrt [41].

Dabher liegt es zur Untersuchung des Tunnelvorganges nahe, Bedingungen auszuwéhlen, die den
Einfluss der nichtadiabatischen Effekte minimieren. Wie oben beschrieben, ist der Keldysh-
Parameter v ein Maf fiir die Adiabatizitat [40]. Je weiter v minimiert wird, desto mehr néhert
sich der Tonisationsvorgang dem Idealfall des quasistatischen Tunnelvorgangs an. Der Keldysh-
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Parameter berechnet sich mit der Feldstirke E, Laserfrequenz w und dem Ionisationspotential

Ip iiber v = w\/% (siehe Kap.2.1). Um ~ zu minimieren, kann somit die Wellenlénge oder
die Feldstérke des Laserfeldes erhoht werden.

Die Erhéhung der Feldstéirke wird durch das Einsetzen der Barrier-Suppression-lTonisation be-
grenzt. Fiir sehr hohe Intensitdten wird das atomare Potential durch das Laserfeld so weit
nach unten gedriickt, dass die Ionisation ohne Tunneln méglich ist (siehe Kap. 2.5). Dies li-
mitiert bei fester Laserwellenldnge den minimal erreichbaren «-Parameter. Wie eine einfache
Betrachtung zeigt, hangt ~,,i;, vom Ionisationspotential I, des Targets ab. Wird fiir die ma-
ximale Intensitiit die Barrier-Suppression-Ionisationsintensitéit Ins; = Z2(1,/2)* eingesetzt,

I, I, 2021, 250272
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wobei U, das ponderomotive Potential und I die Laserintensitat ist.
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Abbildung 4.3: Intensitdt fiir die Barrier-Suppression-Ionisation und der Keldysh-Parameter
an der Barrier-Suppression-Intensitét fiir ausgewahlte, typische Targets der Starkfeldphysik
bei Verwendung von 800 nm-Laserpulsen.

Das Ionisationspotential kann durch die Wahl des Atoms bzw. Tons erhéht werden. Wie in
Abb. 4.3 dargestellt, erlauben vor allem Atome mit hohen I, das Erreichen von niedrigen -
Parametern. Um ein Experiment mit 800 nm-Laserpulsen im Tunnelregime durch Minimierung
von ~y zu realisieren, bietet sich das Het-Ton an. Fiir dieses Ion kann die Bedingung v < 1
erreicht werden und nichtadiabatische Effekte sind fiir He™ somit fast vernachlissigbar.

Der zweite Grund fiir 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 fiir die theoretische Beschreibung von Atomen (siehe Kap. 1). Das Het nimmt
dabei als Einelektronensystem denselben Stellenwert wie das Wasserstoffatom ein.

Genau wie fiir das He™t-Ion ist die experimentelle Umsetzung eines Starkfeldexperimentes fiir
das Wasserstoffatom schwierig. Atomarer Wasserstoff muss erst aus molekularem Wasserstoff
hergestellt werden und die Messung wird durch einen Anteil von nichtdissoziierten oder rekom-
binierten Wasserstoff beeintrachtigt [121; 14]. Kiirzlich wurde von Sainadh et al. eine Messung
von Wasserstoff mit elliptischer Polarisation vorgenommen [122]. Grundlegender Unterschied
zu dem He™ ist, dass fiir Wasserstoff mit 800nm der Keldysh-Parameter mit ~ 1 hoher ist,
sodass dabei der Ubergangsbereich von Tunnelionisation und Multiphotonionisation vorliegt.

Um die Bedingung v<1 zu erfiillen, miisste fiir Wasserstoff eine lingere Laserwellenléinge
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gewahlt werden.

4.4.2 Experiment mit He"

Das in dieser Arbeit durchgefiihrte Ionisationsexperiment mit He™-Ionen weist im Vergleich
zu den typischerweise in der Literatur dokumentierten Attoclock-Experimenten mit neutralen
Atomen einige zusétzliche Herausforderungen auf.

Wie in Kap. 4.4.1 diskutiert, hat das He™ mit 54 eV ein hohes Ionisationspotential. Dies ent-
spricht einer Barrier-Suppression-Ionisationsintensitit von 8,5 -10'® W /cm? in eindimensiona-
ler Betrachtung bzw. 4,7 -101® W /cm? in parabolischen Koordinaten (siehe Kap.2.5). Daraus
ergibt sich, dass sehr hohe Laserintensititen notwendig sind, um die Ionisation des He™ in
einem Experiment zu beobachten. Weiterhin folgt aus der vergleichsweise geringen Dichte
von lonenstrahlen im Vergleich zu neutralen Targets, dass das aktive Fokusvolumen der In-
tensitatsverteilung moglichst grofs sein sollte, um eine ausreichende Statistik der Messung zu
ermoglichen. Dies kann nur mit Laserpulsen mit hohen Pulsenergien erreicht werden, die fiir
dieses Experiment von einem 10 mJ-Lasersystem bei 800nm zur Verfiigung gestellt wurden
(siehe Kap.8.3.1).

Vor der Tonisation muss das He™ in einer Ionenquelle aus neutralem Helium erzeugt werden.
Dazu wird der in Kap. 3.1 vorgestellte Aufbau einer Tonenstrahlapparatur genutzt, um einen
kollimierten Strahl von He™-Tonen bereitzustellen. Nach der Interaktion der Ionen mit dem
fokussierten Laserstrahl werden die ionisierten He?"-Fragmente detektiert und ihre Impulse
aus der Flugzeit und dem Detektionsort rekonstruiert.

Der in Kap. 3.1 beschriebene Aufbau wird zumeist fiir die Untersuchung der Fragmentation
molekularer Ionen wie H;’ eingesetzt. Gegeniiber den Messungen von molekularen Ionen gibt
es fir die Detektion der Ionisation atomarer Ionen zwei wesentliche Unterschiede, die die
Messung von He™ zusitzlich erschweren.

Zum einen &ndern sich fiir die ionischen Fragmente bei der Starkfeldionisation die Impulse
weit weniger als die der Fragmente von Molekiilen. Der Betrag des durch die Laserwechsel-
wirkung auf das Ion {ibertragenen Impulses entspricht dem Impuls des Photoelektrons (siehe
Kap. 2.4). Aufgrund der grofen Masse des Ions im Vergleich zu der Masse des Elektrons ist
die zusétzliche Geschwindigkeitskomponente fiir das Ion im Vergleich zur Geschwindigkeit des
Ionenstrahls gering. Um dies zu kompensieren und eine méglichst gute Nutzung der Detek-
torausdehnung zu gewéhrleisten, wird mit einer geringen Anfangsgeschwindigkeit der Ionen
durch eine Extraktionsspannung an der Ionenquelle von 6,5kV gearbeitet. Zusdtzlich wur-
de fiir dieses Experiment der Flugarm, also die Strecke zwischen Laserinteraktionszone und
Detektor, auf die maximale, durch die Grofe des Labors limitierte, Linge von 2,4 m verdndert.

Ein zweiter wichtiger Unterschied zu molekularen Ionenstrahlen liegt in der Detektion der
Fragmente. Fiir molekulare Ionen kénnen alle nuklearen Fragmente in Koinzidenz detektiert
werden. Die Koinzidenzdetektion mehrerer im selben Prozess erzeugter Teilchen erlaubt in
der Datenauswertung die Identifizierung von Messsignalen, die mehr als eine Grofenordnung
unter dem Hintergrundsignal liegen (siche Kap.6). Fiir die Starkfeldionisation von atomaren
Ionen wird mit dem genutzten Aufbau jedoch nur ein Fragment, das Ion, registriert. Da es
mit dem Aufbau nicht moglich 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 fiir die Ionisation von He™

Die Impulsverteilungen nach der Ionisation von Het-Tonen mit verschiedenen Elliptizitéten
von linearer bis zirkularer Polarisation der 800 nm-Laserpulse bei einer maximalen Fokusin-
tensitit von ~ 1-1017 W /cm? sind in Abb. 4.4 dargestellt. Die gemessenen Impulsverteilungen
der Ionen entsprechen aufgrund der Impulserhaltung pron + Prier = 0 fiir Einfachionisation
den Impulsverteilungen der Photoelektronen und lassen sich sehr gut mit dem in Kap.2.7
vorgestellten Modell der Starkfeldionisation verstehen [83]. Fiir die lineare Polarisation ist die
Impulsverteilung mit einem Maximum um den Impuls p = 0 entlang der linearen Polarisa-
tion ausgerichtet. Fiir hohere Elliptizitdten 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(tg) durch das
Vektorpotential des ionisierenden Feldes im Augenblick der Ionisation bestimmt wird.

Fiir eine Auswertung der Impulsverteilungen im Sinne einer Attoclock-Messung eignen sich
Impulsverteilungen bei einer Elliptizitdt von € &~ 0,75 am besten. Um die feldstdrkenabhingi-
gen Elektronenemissionswinkel analysieren zu konnen, wurden Messungen mit dieser Laser-

polarisation bei verschiedenen Fokusintensitdten durchgefiihrt.

(a) linear (b) €=0.25 (c) =05 (d)
- P . S

py (a.u.)
o

Abbildung 4.4: Gemessene Impulsverteilungen der Ionen fiir die Ionisation von He™ bei 800 nm
mit verschiedenen Elliptizitdten von linear bis nahezu zirkular fiir die maximale Fokusinten-

sitdt von ~1-10'" W /cm? fiir Messungen mit ungefihr gleich langen Messzeiten.

4.4.4 Bestimmung des Elektronenemissionswinkels

Die Attoclock-Methode (siehe Kap.4.2) beruht auf der Bestimmung des wahrscheinlichsten
Elektronenemissionswinkels in Abhingigkeit der angelegten Laserfeldstérke. Der Winkel wird
basierend auf einer gemessenen Impulsverteilung relativ zur Lage der Laserpolarisation ana-
lysiert (siehe Abb.4.2 (b)). Daher ist fiir die Auswertung des Experimentes die Kalibrierung
der Lage der Laserpolarisation von entscheidender Bedeutung. In der Literatur finden sich
bisher zwei Moglichkeiten, die Kalibrierung durchzufiihren. Beide Methoden wurden in dieser
Arbeit getestet.

Die erste Methode beruht auf der polarimetrischen Messung der Laserpolarisation fiir den Fall
linearer und elliptischer Polarisation. Der Vergleich der Polarisationsergebnisse und der ge-
messenen Impulsverteilungen fiir verschiedene Laserelliptizitdten erlaubt den Riickschluss 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 fiir sich eine Unsicher-
heit in der Grofenordnung von 21° aufweisen. Die Polarimetriemessung hat das Ziel, den
Polarisationszustand im Laserfokus der Messung zu ermitteln. Aufgrund der hohen Intensitét
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kann die Messung jedoch nicht im Fokus durchgefiihrt werden. Die Polarimetriemessung muss
an einer anderen Stelle im Strahlengang erfolgen. In dem genutzten Aufbau ist dies jedoch
nur auferhalb der Vakuumkammer, d.h. eine Messung nur vor dem Eintritts- oder nach dem
Austrittsfenster moglich.

Die zweite Methode stellt die Ausnutzung der Symmetrie der Viertelwellenplatte dar, wie sie
von Pfeiffer et al. [104] verwendet wurde. Fiir 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 fiir
zwei Stellungen der Viertelwellenplatte, die um 90° zueinander verschoben sind, durchgefiihrt.
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 fiir 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 dafiir die hohen Laserpulsenergien mit den daraus folgenden
nichtlinearen Effekten verantwortlich.

Es wurde daher eine andere Methode zur Auswertung entwickelt, um einem Vergleich der
gemessenen und simulierten Impulsverteilungen zu ermdglichen. 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 gaufférmige Maxima, die entlang einer
Ellipse angeordnet sind und die Form der gemessenen Impulsverteilungen nachstellen. Dabei
wird ausgenutzt, dass die Impulsverteilung der Elektronen bzw. lonen in der Polarisationsebe-
ne nach einfacher Tunnelionisation sehr gut durch Gauffunktionen in den elliptizitdtskorri-
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
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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),
(¢) Um den mit der Fitfunktion bestimmten Winkel (10,7°) gedrehte Impulsverteilung.
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Es wurde zunéchst angenommen, dass die Ellipse entlang der Achsen des Koordinatensystems
ausgerichtet war. Die Ausrichtung und der Mittelpunkt der Ellipse kénnen als freie Parameter
erganzt werden, was einer Drehung der Impulskoordinaten um einen Winkel o und einer Ver-
schiebung entlang x um zy und entlang y um yg entspricht. Um die zweidimensionale Funktion
um diese Drehung und Verschiebung zu ergénzen, miissen die Argumente fiir die Funktion der

Ellipse in Polarkoordinaten r = \/(z — z¢)2 + (y — y0)? sowie 6 = atan(z — 20,y — yo), um
den Winkel a gedreht werden.
Es folgt:

F(r(z,y, %o, Yo), 0(2,Y, o, Yo), a, b, a, 0p, Ar, A, Ay, As) = (4.3)

. 2
\/(rcos(Hfa))g + (rsm(bOfa))Q _1

a

o Ar
Aj exp (_ <atan(7" cos( — a)A,g sin(f — a)) — 00>2) .
As exp <_ <atan(r cos(f — a), T'AS;H(H — a)) — 0y + 7r>2>

Diese Funktion F wird zur Beschreibung eines Einfachionisationsschrittes mit der Methode der
kleinsten Quadrate an die gemessenen Impulsverteilungen angepasst und damit Ergebnisse fiir
a,b,a,0p, Ar, A, A1 und As 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 fiir 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 fiir niedrige Intensitdten unterhalb der Sattigungsintensitat
ausgewertet wird.

4.4.5 Auswertung der Attoclock fiir He™

Die Attoclock stiitzt sich auf die Bestimmung des Emissionswinkels relativ zur kleinen Halb-
achse der Polarisationsellipse, unter dem das Maximum der Zihlrate der Impulsverteilung zu
finden ist (siehe Kap.4.2). Die in der Literatur vorhandenen Untersuchungen beschrénken
sich auf die Auswertung des Emissionswinkels einer Impulsverteilung, die fiir eine Messung
mit einer bestimmten Fokusintensitdt ermittelt wurde. Dies ist schematisch in Abb. 4.6 (a)
dargestellt und als Fitmethode 1 bezeichnet. Der Winkel wird dabei iiber einen Fit an die
Winkelverteilung, in der unabhingig vom Betrag des Impulses alle Ereignisse einer Messung
mit einer maximalen Fokusintensitit eingehen, bestimmt. Fiir die Messung von He™ fiihrt
diese Methode der Auswertung zu dem in (b) dargestellten Verlauf fiir den Winkel 6,5 in
Abhéngigkeit der Peakintensitét im Laserfokus. Der Winkel 6, betrigt ungefdhr 3° und
zeigt nur eine sehr geringe Abhingigkeit von der Intensitét.

Um eine differentiellere Analyse zu erméglichen, wurde in dieser Arbeit ein anderer Ansatz

genutzt. Fiir die gesamte intensitdtsabhingige Messung wurden die Impulskomponenten p,
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Abbildung 4.6: Vergleich der Methoden zur Auswertung der Intensitdtsabhéngigkeit des Elek-
tronenemissionswinkels fiir die Attoclock-Messung mit He™: (a) In den bisherigen Arbeiten
wurde iiblicherweise der Winkel 6, iiber einen Fit an die Impulsverteilung ermittelt, die fiir
eine Fokusintensitit gemessen wurde. Dies wird dann fiir verschiedene Intensititen wieder-
holt (links: Fitmethode 1). Es ist auch moglich, nach Transformation in elliptizitétskorrigierte
Polarkoordinaten den Winkel py max liber fiir verschiedene Intervalle des radialen Impulses
p, fiir eine Messung zu ermitteln (rechts: Fitmethode 2). (b) Das Ergebnis Oy, der Fitme-
thode 1 fiir Messungen mit verschiedener Peakintensitiit zeigt fiir He™ nur eine sehr geringe
Abhéngigkeit von der Intensitit. (¢) Das Ergebnis der Fitmethode 2 mit dem Ergebnis in Po-
larkoordinaten fiir den Winkel py max macht eine deutlich stdrkere Abhangigkeit vom radialen
Impuls p, sichtbar. Die Fehlerbalken zeigen das 95%-Konfidenzintervall der Kurvenanpassung
einer Gauf-Funktion zur Ermittlung des wahrscheinlichsten Winkels an.

und py in elliptizitdtskorrigierte Polarkoordinaten transformiert [123]. Dies entspricht folgen-
der Transformation:

pr= /(2 + 1)/ + (2 + 1)y (4.4)
pg = atan ((pz/€)/py) (4.5)

Der radiale Impuls p, kann direkt als Mafs fiir die elektrische Feldstiarke des Laserfeldes zum
Zeitpunkt der Ionisation genutzt werden (siehe Kap.4.2) [123]. Bei hinreichend guter Sta-
tistik kann der Winkel py max der Impulse damit in Abhéngigkeit von p, analysiert werden,
indem die Histogramme in Abhéngigkeit von pg fiir verschiedene p, jeweils mit einem Fit
ausgewertet werden. Dies ist schematisch in Abb.4.6 (a) auf der rechten Seite (Fitmethode
2) dargestellt. Fiir die Messung des He™ fiihrt dieses Vorgehen zu der in (c) abgebildeten
Abhéngigkeit des Winkels py max vom radialen Impuls p,. Fiir kleine p, ~9 a.u. und damit
geringe Ionisationsfeldstirken wird ein Winkel pg max von 5° beobachtet, der fiir steigende
pr 214 a.u. bis auf 0° abfillt.

Der Vergleich macht deutlich, dass die geringe Intensitdtsabhingigkeit der in der Literatur
verwendeten Auswertung (Fitmethode 1) eine Folge der Mittelung iiber verschiedene radiale

Impulse ist, die von verschiedenen Intensitdten im Laserfokus stammen.
Die hier genutzte Analysemethode (Fitmethode 2) erlaubt es, den Emissionswinkel iiber einen
deutlich grofseren Bereich von Ionisationsfeldstérken zu untersuchen und mehr Informationen

aus den gemessenen Impulsverteilungen zu extrahieren. Um einen &hnlich grofen Bereich von
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Feldstarken mit der Fitmethode 1 zu erfassen, wire eine Variation der Intensitét iiber einen
sehr grofen Bereich, insbesondere in Richtung der niedrigen Intensitdten, notwendig. Auf-
grund der dafiir erforderlichen langen Messzeiten und insbesondere der geringen Targetdichte
eines lonenstrahls ist dies fiir das vorliegende Experiment nahezu unméglich.

Die Verwendung von p, als Mak fiir die Tonisationsfeldstirke bzw. Intensitét ist auch deshalb
sinnvoll, da die Intensitdt in der Messung nur schwer mit der erforderlichen Genauigkeit zu
ermitteln ist. Grundsétzlich kann die Relation zwischen Elektronenimpuls und Ionisations-
feldstédrke direkt genutzt werden. Es muss allerdings beachtet werden, dass nichtadiabatische
Korrekturen notwendig sein kénnen [46], die fiir He™ aber sehr gering sind (siehe Kap.4.4.6.4).
In der folgenden Auswertung wird der Winkel py max aus der Kurvenanpassung in elliptizitéts-
korrigierten Polarkoordinaten diskutiert. Dabei muss angemerkt werden, dass dieser Winkel
nicht identisch mit dem in der Literatur tiblichen Winkel 0.« 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. Gegeniiber dem in Kap. 2.7
diskutierten sehr einfachen Modell der Starkfeldionisation, die auch als Simple-Man-Theorie
bezeichnetet wird, miissen einige bekannte Effekte in die Rechnung aufgenommen werden, die
(wie die hypothetische Tunnelzeit) ebenfalls zu einer Verdrehung der Impulsverteilung fithren,
also Py max beeinflussen.

10
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Abbildung 4.7: Ergebnisse fiir den p,-abhéngigen Elektronenemissionswinkel py 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
hochste Wahrscheinlichkeit. Aus der Relation p = —A(tp) folgt aufgrund des Verhéltnisses
A(t) = — ffoo 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 fiir He™ zwischen 5°
und 0° von dieser vereinfachten Annahme ab.

Neben den etwaigen Beitrégen einer Tunnelzeit, die, wenn vorhanden, nur eine sehr kleine
Winkeldnderung hervorrufen, nehmen eine Reihe weiterer Effekte Einfluss auf die Emissions-
richtung pg max der Elektronen (siehe Kap.4.3):

o Effekt der Einhiillenden
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¢ Grundzustandsentleerung
e Coulomb-Wechselwirkung
e Nichtadiabatische Effekte

Um die Auswirkungen dieser Effekte 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 ermdglichen [104].
Die experimentellen Parameter wie Pulsdauer und die dreidimensionale Verteilung der In-
tensitatsverteilung im Laserfokus werden beriicksichtigt. Der Beitrag jeder Feldstéirke zum
Ensemble der Ionenimpulse wird mit den entsprechenden Ionisationswahrscheinlichkeiten und
der relativen Haufigkeit dieses Intensitétswertes im dreidimensionalen Gauftschen Fokus ge-
wichtet [75]. Ebenfalls erfolgt eine Mittelung iiber die zufillige CEP im Experiment.

In Abb. 4.8 sind die gemessenen und iitber CTMC und TDSE (Details siehe Kap. 4.4.7) simu-
lierten Impulsverteilungen dargestellt. Die Verteilungen zeigen einen hohen Grad der Uber-
einstimmung. Gegenstand der Attoclock ist die Untersuchung des wahrscheinlichsten Elektro-
nenemissionswinkels pg max. Die folgenden Kapiteln diskutieren den Einfluss der oben aufge-
listeten Effekte auf diesen Winkel in den CTMC-Simulationen.
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Abbildung 4.8: Gemessene Impulsverteilungen der Ionen fiir die Ionisation von He™ bei 800 nm
und € = 0, 75 im Vergleich zu den intensitdtsgemittelten Simulationsergebnissen fiir die TDSE
(Details siehe Kap.4.4.7) und CTMC (Startbedingungen basierend auf parabolischen Koor-
dinaten, sieche Kap.4.4.6.3) fiir die maximale Fokusintensitit von ~ 1-10'7 W /cm?. Die Pro-
jektionen der Verteilungen sind in (d) und (e) dargestellt.

4.4.6.1 Effekt der Laserpulseinhiillenden

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(tp) bekommen. Schon in diesem Simple-Man-Modell héngt die Richtung der Elek-
tronenemission jedoch von der Ionisationszeit in der Laserpulseinhiillenden ab.

Entscheidend fiir 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 Trageroszillation
mit einer gaukformigen Einhiillenden beschrieben werden [124]

—2l@2)ty
E(t) = Epe "0 sin (wt). (4.6)
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Da das Vektorpotential durch A(t) = — ffoo E(t')dt’ gegeben ist, folgt aus der Integration des
Feldes einschlieflich der Einhiillenden, dass die Maxima des Vektorpotentials und des elektri-
schen Feldes im Allgemeinen zueinander verschoben sind (sieche Abb.4.9). Nur am Maximum
der Laserpulseinhiillenden betrégt der Winkel exakt 90°.

Dies wird dadurch verstarkt, dass die Maxima des Laserfeldes in den Flanken des Pulses nicht
exakt an den Maxima der Oszillation der Trigerfrequenz des Laserpulses liegen, da sich die
instantane Feldstdarke als Produkt der Einhiillenden und der Trégeroszillation ergibt. Zum
Vergleich zeigt die gestrichelte Linie in Abb.4.9 den Winkel zwischen E- und A-Feld an den
Maxima der Trageroszillation.

Wird eine symmetrische Ionisation iiber die Pulseinhiillende fiir die Berechnung der Elektro-
nenimpulse innerhalb des Simple-Man-Modells angenommen, heben sich die Effekte der Laser-
pulseinhiillenden aus der ansteigenden und abfallenden Flanke auf und der wahrscheinlichste
Elektronenemissionswinkel py max liegt entsprechend der Erwartung des Simple-Man-Modells
bei 0° (sieche Abb.4.7). Einen entscheidenden Einfluss hat die Laserpulseinhiillende jedoch,
wenn zusétzlich der Effekt der Grundzustandsentleerung einbezogen wird (siehe Kap. 4.4.6.2).
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Abbildung 4.9: Effekt der Laserpulseinhiillenden auf den Elektronenemissionswinkel pg max:
Elektrisches Feld E(¢) (a) und Vektorpotential A(¢) (b) eines Laserpulses mit 800 nm, 30 fs
und einer Elliptizitdt von 0,75, (¢) Winkel zwischen E(t) und A(t) an den Maxima des Laser-
feldoszillation E(t) (durchgezogene Linie) und den Maxima der Trigeroszillation (gestrichelte

Linie).

4.4.6.2 Grundzustandsentleerung

Werden an ein Atom sehr hohe Feldstéirken angelegt, erreicht die lonisationswahrscheinlich-
keit Werte von ~1 und es kommt zur Entleerung des Grundzustandes. Fiir sehr intensive
Laserpulse kann daher beobachtet werden, dass die Ionisation weit vor dem Peak des Laser-
pulses maximal wird und in S&ttigung geht. Spéter im Laserpuls findet keine Ionisation des
Atoms mit dem betrachteten Ladungszustand mehr statt. Damit ist die effektive Feldstérke
der Ionisationsprozesse deutlich geringer als die maximale Feldstirke, die am Laserpulsma-
ximum erreicht wird. Dieser Effekt limitiert einerseits die maximale Feldstirke, bei der ein
lonisationsvorgang 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 Intensitdt im Laserpuls nach vorn wandert (siehe Abb.4.10(a-
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b)). Aufgrund des verénderlichen Winkels zwischen E und A-Feld in der Laserpulseinhiillen-
den (siche Kap.4.4.6.1) fiithrt diese Verschiebung der Ionisation zu einer starken Anderung des
Elektronenemissionswinkels (siehe Abb.4.10 (c)).

Der zeitliche Verlauf der Ionisationswahrscheinlichkeit im Laserpuls fiir das He™ kann durch
die Losung der Ratengleichungen [125; 83|

APy,

i = Trersme+ (1) Prrer (1) (4.7)
APy,

M L g () P (1) (45)

berechnet werden, wenn entsprechende Ionisationsraten I" bekannt sind. An dieser Stelle wird
die in Kap. 2.4 vorgestellte ADK-Rate genutzt. Da die ADK-Rate die lonisationswahrschein-
lichkeit bei hohen Feldstirken nahe der Barrier-Supression-lonisation iiberschitzt, schlagen
Tong und Lin [126; 127] eine Korrektur der Rate iiber

F(t) = PTBI (t>rnlm(t) (49)

mit einem Korrekturfaktor 27 |F)
Irpr = —a— — 4.10
TBI = €XP ( 3.3 ) (4.10)

vor. Das Ionisationspotential I, des Atoms geht {iber x = /21, ein. Der Parameter  héingt
dabei von der Magnetquantenzahl ab und betrigt fiir das He™ a—=6.
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Abbildung 4.10: Grundzustandsentleerung: (a) Betrag der elektrischen Feldstirke fiir einen
elliptisch polarisierten 35 fs Laserpuls mit einer maximalen Intensitit von 2-10'6 W /cm?. In
(b) ist die berechnete Ionisationsrate fiir diesen Laserpuls fiir He™ unter Vernachlissigung und
mit Beriicksichtigung der Grundzustandsentleerung gezeigt. Mit Grundzustandsentleerung ist
die Ionisation in der ansteigenden Flanke des Laserpulses geséttigt und der Schwerpunkt
der Ionisation liegt einige Femtosekunden vor dem Pulsmaximum. Die effektive Intensitét
der Tonisation ist damit deutlich geringer als die maximale Intensitdt des Laserpulses. (c)
Ergebnisse fiir den p,-abhéngigen Elektronenemissionswinkel pg max der CTMC-Simulation
unter Beriicksichtigung der Grundzustandsentleerung.

In Abb.4.10 (b) ist die Verteilung der Ionisationszeiten fiir einen Laserpuls hoher Intensitét
dargestellt. Wird die Grundzustandsentleerung nicht beachtet, folgen die Ionisationszeiten
den Maxima der Laserfeldoszillation und erstrecken sich iiber die gesamte Pulsldnge. Bei Be-
achtung der Grundzustandsentleerung ist die lonisation schon vor dem Maximum des Laser-
pulses abgeschlossen und die lonisationszeiten konzentrieren sich in der ansteigenden Flanke
des Laserpulses. Dort wird die Elektronenemissionsrichtung durch den Effekt der Einhiillen-
den (siehe Kap. 4.4.6.1) bestimmt, sodass die Grundzustandsentleerung direkt die beobachtete
Verdrehung der Elektronenverteilungen beeinflusst (siehe Abb.4.10 (c)).
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Gegeniiber der Vorhersage des einfachen Simple-Man-Modells wird durch die Grundzustands-
entleerung der Winkel py max beginnend ab einer Intensitdt von ~ 1,2-1016 W /cm? abgesenkt.
Da die Ionisationszeiten im Puls zu fritheren Zeiten verschoben werden, verdndert sich der
Winkel in negativer Richtung, d.h. entgegen der Rotationsrichtung des Feldes.

4.4.6.3 Coulomb-Interaktion

Die Beziehung p = —A(tp) kann auf die Erhaltung des kanonischen Impulses zuriickgefiihrt
werden, die jedoch nur gilt, wenn die Summe der externen Kréfte verschwindet. Bei genauer
Betrachtung findet die Bewegung des Elektrons im kombinierten Potential des Laserfeldes und
des Coulomb-Potentials des zuriickbleibenden Ions statt. Die Coulomb-Interaktion ruft dabei
nur eine kleine Anderung der Elektronentrajektorie hervor. Da vor allem der Emissionswinkel
des Elektrons verdndert wird (siehe Abb.4.11 (a)), muss die Coulomb-Interaktion fiir eine
Attoclock-Messung beriicksichtigt 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 Vernachldssigung und unter Beriick-
sichtigung der Coulomb-Wechselwirkung mit dem verbleibendem Ion. Die Position des lons in
der Abbildung ist bei (0,0). (b) Der Abstand des Startortes bzw. Tunnelausganges des Elek-
trons vom Ausgangsion in Abh#ngigkeit der Feldstérke fiir verschiedene Tunnelgeometrien
fiir die Ionisation von He™. (c) Ergebnisse fiir den p,-abhiingigen Elektronenemissionswinkel
P¢,max der CTMC-Simulation unter Beriicksichtigung der Coulomb-Wechselwirkung im Ver-
gleich fiir den Tunnelausgang in parabolischen Koordinaten und nach PPT-Theorie. Fiir den
PPT-Ansatz wurde in diesem Abschnitt zwar wie fiir parabolischen Koordinaten die Breite der
Anfangsimpulsverteilung beriicksichtigt, aber noch nicht die nichtadiabatische Verschiebung

des Anfangsimpulses.

In der CTMC wird fiir jede mdgliche Elektronentrajektorie die Bewegungsgleichung im kom-
binierten Feld des Lasers und des Coulomb-Potentials geldst. 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 Ansétze auf verschiedene Weise
ermittelt werden. Die feldstérkenabhéngige Position der Tunnelausgénge ist in Abb.4.11 (b)
dargestellt. Grundsétzlich zeigt sich dabei fiir alle Berechnungsvarianten ein dhnlicher Verlauf.
Je hoher die Feldstérke, desto stirker wird das Atompotential verformt und desto ndher riickt
die Startposition des Elektrons an das Coulomb-Potential des Atoms heran.

Dennoch nimmt die Coulomb-Korrektur der Elektronentrajektorie fiir héhere Feldstérken
nicht zu (siehe Abb. (c)). Da eine hohere Feldstéirke das Elektron ebenfalls stirker vom Atom
weg beschleunigt, ist die Stdrke der Coulomb-Korrektur nahezu feldstérkenunabhéngig.
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Die Ergebnisse der CTMC bei Beriicksichtigung der Coulomb-Wechselwirkung fiir den p,-
abhingigen Elektronenemissionswinkel fiir He™ sind in Abb.4.11 (¢) fiir die Berechnung des
Tunnelausgangs in eindimensionaler Betrachtung, in parabolischen Koordinaten und nach der
nichtadiabatischen PPT-Theorie gezeigt. Fiir alle Versionen gilt gegeniiber der Vernachlassi-
gung der Coulomb-Wechselwirkung, dass der Emissionswinkel grofer und damit in Rotations-
richtung des Feldes verschoben wird.

Die Berechnung des Tunnelausgangs in eindimensionaler Betrachtung fithrt zu einer stér-
keren Ablenkung, da der Tunnelausgang deutlich ndher 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 Anderung der Startposition des Elektrons nach der Ionisation (siehe Abb. (b)),
die dann durch die Position des Maximums der Barriere beschrieben wird.

Sowohl fiir 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 ndher am Atom
liegt, folgt eine geringfiigig stirkere 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-lIonisation erst bei héheren
Intensititen relevant wird und aufgrund der Séttigung der Ionisation einen geringeren Einfluss

auf den beobachteten Elektronenemissionswinkel pg max hat [104].

Die transversale Anfangsgeschwindigkeitsverteilung wurde entsprechend Kap. 2.3 beriicksich-
tigt, zeigt jedoch keinen Einfluss auf den in Abb.4.11 (c) analysierten Winkel.

4.4.6.4 Nichtadiabatische Effekte

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 Ubergangsbereich zwischen Multiphotonen- und Tunnelionisa-
tion bei v &~ 1 durchgefiihrt, in dem der Tunnelionisationsvorgang durch diese Theorie nicht
exakt beschrieben werden kann, sondern durch nichtadiabtische Effekte beeinflusst wird (siehe
Kap.4.3).

Wie bereits in Kap. 4.3 diskutiert, erschweren nichtadiabatische Effekte die Interpretation der
Attoclock-Experimente, da fiir elliptische und zirkulare Felder eine zusitzliche Anderung der
Impulse des Elektrons auftritt. Wie Yakaboylu et al. beschreiben, kann diese Impulsénderung
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 wéhrend des nichta-
diabatischen Tunnelprozesses auf[27; 42| (siehe Kap.2.6). Dafiir ergeben sich entsprechend
der zwei Grenzfille der Ionisation zwei verschiedene, aber dquivalente Erklarungen (siehe
Abb.4.12 (d)) [43]. Die Energieaufnahme kann als virtuelle Absorption von Photonen inter-
pretiert werden, die Energie der Wellenfunktion veréndert und somit die lonisationswahr-
scheinlichkeit erhoht [44].

In einem anderen Bild beschreiben Klaiber et al. die Energieaufnahme wéhrend des Tunnelpro-
zesses mit Hilfe klassischer Mechanik [43]. Dabei folgt der Gewinn der Energie des Elektrons
aus der Bewegung in der sich zeitlich verdnderlichen Barriere. Die entscheidende Zeitskala
kann wieder iiber die Keldysh-Zeit 7, ~ 7/w abgeschitzt werden, sodass der Effekt vom Wert
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Abbildung 4.12: Nichtadiabatische Effekte: (a) Keldysh-Parameter ~ fiir den relevanten Inten-
sitéitsbereich fiir die Tonisation von Het mit 800 nm und 400 nm-Laserpulsen, (b) berechneter
Beitrag der Anfangsgeschwindigkeit p; nach PPT-Theorie fiir die Ionisation von He™, (c)
zum Vergleich die Breite o, der Anfangsgeschwindigkeitsverteilung, (d) Die nichtadiabati-
sche Ionisation in einem zirkular polarisierten Laserfeld kann als Absorption von Photonen
und danach folgender Tunnelionisation mit héherer Energie (rote gestrichelte Linie) oder als
Energiegewinn des Elektrons wihrend der Bewegung in der Tunnelbarriere interpretiert wer-
den [43]. Die blaue Linie zeigt den adiabatischen Fall der Tunnelionisation. (d) Ergebnisse fiir
den p,-abhéngigen Elektronenemissionswinkel py max der CTMC-Simulation unter Beriick-
sichtigung der nichtadiabatischen Effekte des verdnderten Startimpulses (p; # 0) sowie bei
Verwendung der Yudin-Ivanov-Rate.

des Keldysh-Parameter abhéngt und im adiabatischen Grenzfall verschwindet.

Im Fall elliptischer Laserpolarisation folgt der Energiegewinn aus der Interaktion mit der
transversalen Feldkomponente des rotierenden elektrischen Feldes und fiihrt zu einer senk-
rechten Anfangsgeschwindigkeit, die eine zusétzliche longitudinale Komponente zu dem Drift-
impuls hinzufiigt [128; 43|. Dies ergibt sich aus der in Kap. 2.7 beschriebenen Beobachtung fiir
elliptisch polarisierte Laserfelder, dass die Tunnelionisation entlang des elektrischen Feldes an
den Maxima der Ostzillation stattfindet, aber der Driftimpuls in Richtung des Vektorpotentials
und damit senkrecht zum elektrischen Feld ausgerichtet ist.

Um den Einfluss der nichtadiabatischen Korrekturen fiir das System des He™ abzuschitzen,
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; beriicksichtigt (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
pL = % (m - 1) annimmt (siehe Kap.2.6) [45; 41]. Die Verteilung der Anfangsgeschwin-
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70 von der Keldysh-Zeit! 7, ~ v/w ab (siehe Abb.4.12 (b)).

Ein Vergleich dieses zusétzlichen Impulsbetrages mit der senkrechten Anfangsgeschwindig-
keitsverteilung o | ergibt, dass fiir He™ bei einer Laserwellenlinge von 800 nm der zusitzliche
Impuls klein gegen die Breite der Anfangsgeschwindigkeit der Elektronen nach der Tunnel-
ionisation ist (siehe (c)). Dem niedrigen Keldysh-Parameter « (siehe (a)) entsprechend, bleibt
der Einfluss dieser Geschwindigkeitskomponente (p; # 0) auf die simulierten Elektronenemis-
sionswinkel py max daher sehr gering, wie in Abb. (e) erkennbar ist. Hierbei ist anzumerken,
dass an dieser Stelle noch die adiabatische Ionisationsrate (ADK-Rate) (siehe2.4) genutzt

wurde.

Zusitzlich ist es moglich, eine nichtadiabatische lonisationsrate fiir die Berechnung der loni-
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 gro-
Keren Einfluss auf das Simulationsergebnis zeigt. Fiir hohe p, und damit fiir hohe Feldstarken
werden damit grofsere Winkel als mit der ADK-Rate beobachtet.

Einerseits wird an dieser Stelle deutlich, dass auch die Ionisationsrate einen Einfluss auf den
simulierten Emissionswinkel pg max des Attoclock-Experimentes hat, obwohl bisher in der
Literatur teilweise angenommen wurde, dass die Vorhersagen fiir den Attoclock-Winkel nicht
empfindlich auf die exakte Form der Ionisationsrate sind [104].

Andererseits konnte die Tatsache, dass die ADK- und die PPT-Rate unterschiedliche Simu-
lationsergebnisse erzeugen, auf den ersten Blick als ein nichtadiabatischer Effekt interpretiert
werden. Es ist aber zu vermuten, dass die Anderung bei Verwendung der PPT-Rate keine
nichtadiabatische Korrektur darstellt, da jene zu einer Erhohung der Ionisationswahrschein-
lichkeit (siehe Kap.2.6) und so infolge der Sattigung der Ionisation bei niedrigeren Intensi-
taten eine zusétzliche Verdrehung zu niedrigeren Winkeln bewirken wiirde. Der beobachtete
Unterschied zwischen der ADK- und der YI-Rate ldsst sich damit erkléren, dass die ADK-
Rate die Ionisation bei hohen Feldstérken nicht korrekt beschreibt [127]. Obwohl dies durch
einen empirischen Korrekturfaktor von Tong und Lin (siehe Kap.4.4.6.2) beriicksichtigt wur-
de, ergibt sich eine Verdnderung gegeniiber der YI-Rate. Zhang et al. zeigten kiirzlich, dass
umfangreichere Korrekturfaktoren der ADK-Rate notwendig sind [129].

Zusammenfassend ldsst 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
Effekte zuriickzufiihren 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 ITonisations-
prozess und bieten den Vorteil, dass der Einfluss verschiedener Effekte unabhéngig vonein-
ander analysiert werden kann. Die trajektorienbasierten Ansétze weisen jedoch den Nachteil
auf, dass Annahmen und Approximationen fiir die Wahl der Anfangsbedingungen notwendig
sind [105; 104; 32]. Der Ansatz, die quantenmechanischen Eigenschaften der elektronischen
Wellenfunktion auf klassische Trajektorien zu iibertragen, birgt die Gefahr, dass diese Eigen-
schaften unvollstdndig oder gar inkonsistent beschrieben werden [41].

Lo folgt aus der Losung der Gleichung sinh? (7o) — (cosh To — %) = ~?[35; 45].
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Die Losung der zeitabhéngigen Schrodingergleichung (TDSE) ist der Ansatz, der alle Effekte
in quantenmechanischer Beschreibung exakt und ohne weitere Annahmen oder Approxima-
tionen behandeln kann. Fiir die hohen Intensititen, die fiir die Ionisation des He™ bendtigt
werden, ist die numerische Losung der TDSE in voller Dimensionalitdt jedoch mit der der-
zeitig verfiigbaren Rechenleistung nicht umsetzbar. Daher muss auf eine zweidimensionale
Behandlung der TDSE in Dipolapproximation zuriickgegriffen 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 fiir verschiedene La-
serintensitdten durchgefithrt und sind wie die CTMC iiber die CEP und das Fokusvolumen
gemittelt.

10

Parabolische K. (ADK-Rate)

0r 1 |=JF—PPT-Theorie (p +0)(YI-Rate)
1

—F— TDSE

Py max )

-10 ‘ ‘ ‘ ‘
8 10 12 14

p, (a.u)
Abbildung 4.13: Vergleich von CTMC und TDSE: Ergebnisse fiir den p,-abhingigen Elek-
tronenemissionswinkel der CTMC-Simulation fiir die adiabatische Theorie mit parabolischen
Koordinaten und fiir nichtadiabatischen PPT-Theorie (p; # 0 und Verwendung der Yudin-
Ivanov-Rate im Vergleich zu den TDSE-Resultaten.

In Abb.4.13 ist der Vergleich der Ergebnisse fiir den p,-abhéngigen Elektronenemissionswin-
kel pg max aus den CTMC- und TDSE-Simulationen dargestellt. Fiir den gesamten relevan-
ten p,-Bereich sind die auf der PPT-Theorie basierenden CTMC-Simulationen in sehr guter
Ubereinstimmung mit den TDSE-Ergebnissen. Die Ergebnisse der CTMC fiir parabolische
Koordinaten weichen dagegen fiir grofere Feldstirken stérker von den TDSE-Ergebnissen ab.
Dieser Effekt wurde schon im vorangegangenen Kapitel diskutiert und ist nicht auf nichta-
diabatische Effekte, sondern vermutlich auf die Unterschiede der Ionisationsraten nahe der
Sattigungsintensitéit zuriickzufiihren.

4.4.8 Vergleich von Experiment und Simulationen

Abschliefsend kénnen die Simulationsergebnisse den experimentellen Resultaten gegeniiberge-
stellt werden. Der Vergleich der p,.-abhdngigen pg max-Winkel aus der TDSE und der CTMC
ist zusammen mit den experimentellen Daten in Abb.4.14 dargestellt.

Fiir die Auswertung der experimentellen Daten wird die Information iiber die Lage der Laser-
polarisation benétigt. Diese Information wird entsprechend der in Kap.4.4.4 vorgestellten
Methode ermittelt. Wie bereits diskutiert, ist fiir die Simulationen die Lage der Polarisation
per Konstruktion bekannt, weshalb diese Information zur Validierung der Winkelkalibrierung

genutzt werden kann.
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(a) Kalbrierung aus Simulation (b) Kalbrierung aus Impulsverteilung
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Abbildung 4.14: Vergleich der experimentellen Resultate mit den Ergebnissen von CTMC
und TDSE: (a) Der p,-abhingige Elektronenemissionswinkel fiir Experiment und Simulation
(sieche Abb. 4.13). Dabei wurde fiir die CTMC- und TDSE-Resultate die Information iiber die
Laserpolarisation aus den Simulationen ibernommen. (b) zeigt die gleichen Daten wie (a), nur
fiir den Fall, dass auch fiir die Simulationen die Laserpolarisation aus den Impulsverteilungen
rekonstruiert wurde (siehe Text). Die Fehlerbalken zeigen das 95%-Konfidenzintervall der

Kurvenanpassung zur Ermittelung des wahrscheinlichsten Winkels an.

Aus diesem Grund zeigt die Abbildung die Simulationsergebnisse einmal mit der Kalibrierung
der Impulsverteilung iiber den in der Simulation exakt bekannten Winkel (a) und ein zweites
Mal fiir 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 fiir 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 fiir den p,-abhéngigen pg max-Winkel verschieben sich dadurch systematisch etwas zu
niedrigeren Werten, also niher in Richtung der Lage der rekonstruierten Laserpolarisations-
achse. Es ergibt sich dadurch eine etwas bessere Ubereinstimmung mit der experimentellen
Kurve. Daraus lésst 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 abhingen und trotz
der genutzten Methode eine gute Interpretation der He™-Daten mdoglich ist.

Insgesamt kann fiir Het eine gute Ubereinstimmung der experimentell ermittelten Elektrone-
nemissionswinkel mit den entsprechenden iiber 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 beriicksichtigen.

Aus den Resultaten, die in dieser Arbeit fiir das Einelektronensystem des He™-Tons — und
somit an einem der Theorie gut zugénglichen System — in elliptisch polarisierten Laserfeldern
gewonnen wurden, folgt, dass innerhalb der Genauigkeit (=~ 1°) der hier durchgefiithrten Aus-
wertungen keine Hinweise auf eine endliche Tunnelzeit identifiziert werden kénnen. Fiir das
He™' kann durch den niedrigen Keldysh-Parameter von v ~ 0,3 - 0,2 sichergestellt werden, dass
die Tunnelionisation der dominierende lonisationsmechanismus ist. Dieser Wert ist deutlich
geringer als der niedrigste bisher in einem Experiment erreichte Wert von v ~ 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
einemn Experiment und mit detaillierten semiklassischen Simulationen analysiert. Im Gegen-
satz zu einer Reihe von anderen Ezperimenten [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 Ubereinstimmung eines auf rein sequentieller
Tonisation basierenden Modells mit experimentellen Daten beobachtet.

5.1 Einleitung

Im Rahmen der Quantenmechanik wurden viele Eigenschaften von Atomen fiir Einelektronen-
systeme wie das Wasserstoffatom oder das, im vorangegangenen Kapitel diskutierte, Helium-
Ion Het behandelt. Die Untersuchung von Systemen mit zwei Elektronen und der sich daraus
ergebenden Komplexitit der theoretischen Beschreibung ist der néchste fundamentale Aspekt
fiir das Verstdndnis der Quantenmechanik.

Die lichtinduzierte Emission beider Elektronen, die Doppelionisation, des Heliumatoms stellt
einen grundlegenden Benchmark-Prozess fiir die Wechselwirkung von Licht mit Materie in
komplexeren Systemen dar.

Fiir die laserinduzierte Doppelionisation kénnen zwei Mechanismen unterschieden werden [133].
Der erste Prozess ist die nichtsequentielle Doppelionisation (NSDI). Im engeren Sinne wird
in der Starkfeld-Laserphysik darunter der Effekt verstanden, dass ein Elektron, welches im
Laserfeld durch Tunnelionisation aus dem Atom gelost 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 zeitabhéngige Laserfeld kontrolliert, so-
dass der NSDI-Prozess durch die Eigenschaften des Laserpulses wie der Pulsdauer und der
Carrier-Envelope-Phase (CEP) entscheidend beeinflusst werden kann [135; 136]. Wichtig fiir
die Wahrscheinlichkeit eines Kollisionsprozesses ist auch der Polarisationszustand des Feldes.
NSDI wird nur fiir weitgehend linear polarisiertes Laserlicht beobachtet. Charakteristisch fiir
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NSDI ist der von L’Huillier gemessene Verlauf der intensitdtsabhédngigen Ionisationsrate dop-
pelt ionisierter Tonen, der bei niedrigen Intensitéiten eine unerwartet hohe Zahlrate 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 Intensitdten des Laserfeldes und vor allem fiir elliptisch polarisierte Laserfelder,
bei denen NSDI unterdriickt ist, der dominante Prozess. Bei der SDI wird das zweite Elektron,
genau wie das erste Elektron, durch einen zweiten Tunnelionisationsschritt aus dem Ion geldst.

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 héheres Ionisationspo-
tential auf. Der zweite Ionisationsschritt erfordert eine hohere Laserintensitéit, die erst spater
im Laserpuls erreicht wird, sodass die zweite Elektronenemission zeitlich deutlich nach der
Emission des ersten Elektrons stattfindet.

In der Annahme, dass es sich um zwei unabhdngige 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 Doppelionisation®, also nichtsequentieller Ionisation im
weiteren Sinne, existiert.

Eine mogliche Ursache fiir Korrelationseffekte in SDI ist, dass dass das Ion vor der zwei-
ten Ionisation nicht vollstdndig in den Grundzustand relaxiert ist. Die Emission des ersten
Elektrons kann eine Anregung der verbleibenden Elektronen und eine daraus folgende Neu-
ordnung in der Elektronenhiille 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 Abhéngigkeit der Zeit zwischen
beiden lonisationsschritten untersuchten [130].

Pfeiffer et al. verglichen die gemessenen intensitétsabhdngigen 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 unabhéngigen Elektronen-
emission stehen [85; 138; 139; 140].

Eine andere Moglichkeit fiir Elektronenkorrelation in der SDI wiére, dass sich die beiden emit-
tierten Elektronen wechselseitig in ihren Trajektorien als Folge der Coulomb-Abstofung be-
einflussen. Es konnte jedoch von Emmanouilidou et al. in Simulationen gezeigt werden, dass

dieser Effekt keine Rolle spielt und selbst fiir sehr kurze Pulse vernachléssigt werden kann [141].

In diesem Kapitel werden zwei unterschiedliche Ansétze zur Untersuchung der Doppelionisa-
tion von Helium und méglicher Korrelation in diesem Prozess diskutiert. Der erste Ansatz
beruht auf der Verwendung der lonenstrahlapperatur und beschreibt die Moglichkeit der
Neutralisation der Ionen fiir mogliche Experimente zur Untersuchung der SDI. Im zweiten
Abschnitt des Kapitels werden die Ergebnisse einer COLTRIMS-Messung fiir die Doppel-
ionisation von Helium mit Few-Cycle-Laserpulsen vorgestellt und mit Hilfe semiklassischer

Simulationen analysiert und interpretiert.

Tn dieser Arbeit wird die Bezeichnung der sequentiellen Doppelionistion weiter verwendet, obwohl der
Begriff voraussetzt, dass es sich um zwei unabhéngige Ionisationsschritte handelt.
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5.2 Messung der Doppelionisation neutraler Atome mit dem

TIonenstrahlaufbau

5.2.1 Einleitung

Zur Identifikation von Korrelationen in der SDI wére ein idealer Ansatz, die Einfachionisa-
tion eines Atoms, die Doppelionisation und schlieflich auch die Einfachionisation des einfach
geladenen Ions, welches als Zwischenprodukt der Doppelionisation auftritt, in der gleichen
Messapparatur vermessen zu kénnen. Nur dann kénnen die exakt gleichen Bedingungen fiir
die Messung aller Prozesse sichergestellt werden. Dies ist notwendig, da bekannt ist, dass Kor-
relationseffekte bestenfalls kleine Verdnderungen des Messsignals zur Folge haben, wiéhrend
die lonisationsdynamik viel stédrker von verschiedenen experimentellen Parametern abhéngig
ist.

Bezogen auf die Doppelionisation des Heliumatoms sind dies die folgenden drei Prozesse:

1. Einfachionisation: He — He™ + e~

2. Einfachionisation: He™ —  He?t + e~

Doppelionisation: He — He?* + 2e”
A Het A He?t

Die Frage ist, ob zwischen diesen Prozessen eine Differenz AHe® oder AHe?* existiert, die
in der Ionisationsstéirke oder den Impulsverteilungen der Ionen oder Elektronen gemessen
werden kann.

Um basierend auf dieser Fragestellung ein Experiment durchzufiihren, wurde ein experimen-
teller Ansatz getestet, der es ermdglichen soll, mit der in Kap. 3.1 vorgestellten Ionenstrahl-

apparatur neben Ionen neutrale Atome fiir 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 finden sich viele Beispiele fiir Experimente, in denen die Neutralisation von
Ionen und die Wirkungsquerschnitte der Reaktionen in Stoffexperimenten mit Atomen syste-
matisch untersucht wurden [143; 144]. Die Verwendung neutralisierten Atomstrahlen ermog-
lichte beispielsweise die spektroskopische Untersuchung von exotischen kurzlebigen Molekiilen
wie Heliumhydrid oder dreiatomigen Wasserstoff [74].

5.2.2 Ionenstrahlaufbau mit Ladungsaustauschzelle

Um mit dem Ionenstrahlaufbau einen Strahl neutraler Atome zu erzeugen, wurde eine La-
dungsaustauschzelle entwickelt, die es ermdglicht, den Ionenstrahl mit dem Dampf von Al-
kaliatomen zu neutralisieren. Der Ladungsaustauschprozess entspricht dabei dem Ubergang
eines gebundenen Valenzelektrons des Alkaliatoms in die Elektronenhiille des wechselwirken-
den Ions.

Die Wahrscheinlichkeit fiir einen Ladungsaustauschprozess hingt von den Bindungsenergien
der beteiligten Zusténde des Atoms und lons ab, sowie von der Geschwindigkeit der Stofs-
partner [145]. Alkaliatome, insbesondere Césium, sind aufgrund ihrer schwach gebundenen
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Valenzelektronen gut fiir Ladungsaustauschreaktionen geeignet und haben eine grofse Bedeu-
tung fiir 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-Zustinden erzeugt werden kénnen, da der Ladungsaustausch zwischen
den Zusténden in z.B. Casium (Ip = 3.89€eV) und den Rydberg-Zustinden nur eine geringe
Anderung der Bindungsenergie zur Folge hat und damit bevorzugt abliuft.

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 beriicksichtigt dabei die besonderen Anforderungen an das lonenstrahlexperiment.

So sollte eine moglichst effiziente Neutralisierung des Ionenstrahl stattfinden, um geniigend
neutrale Atome fiir die Laserwechselwirkung zur Verfiigung zu stellen. Gleichzeitig muss der
erzeugte Alkalidampf rdumlich konzentriert bleiben, um zu verhindern, dass das Vakuum in
der Anlage negativ beeinflusst wird. Auch wurde die Zelle so konzipiert, dass sie ohne ein
Beliiften der Vakuumanlage befiillt werden kann. Die Ampulle mit dem Alkalimetall wird auf
die Halterung der Zelle aufgesetzt, sodass nach leichtem Erwérmen das fliissige Alkalimetall
durch die rohrartige Verbindung in die Zelle gelangen kann (siehe Abb.5.1 (a-b)).

Im Betrieb wird die Temperatur in der Zelle iiber einen aufen an der Zelle befestigten Heiz-
draht erhoht und iiber einen Temperatursensor gemessen, sodass eine Regelung der Heizleis-
tung fiir eine zeitlich stabile Temperatur moglich ist. Das Alkalireservoir ist ein Kupferkorper,
der eine gleichmifige Temperaturverteilung gewihrleistet. Im oberen Teil der Zelle soll sich
ein Temperaturgradient ausbilden, damit der Alkalidampf kondensiert und wieder in das Re-
servoir zuriickgefiihrt und am Ausstrémen aus der Zelle gehindert wird. Die Offnungen fiir
den Ionenstrahl haben eine Offnung von 2mm. Die Linge der Interaktionszone zwischen Al-
kalidampf und Ionenstrahl betragt 27 mm.

Die Zelle wurde in ein Vakuumkreuz nach dem Wienfilter und nach dem letzten elektrosta-
tischen Deflektoren (siehe Abb.3.1) installiert, da neutrale Atome nicht mehr durch elektro-
statische Felder kontrolliert werden konnen.
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Abbildung 5.1: Aufbau und Funktion der Ladungsaustauschzelle: (a) Schematischer Aufbau
der Neutralisationszelle, (b) Schnitt durch die Zelle, (c¢) Normierte Neutralisationsrate fiir
Helium in Abhé#ngigkeit der Temperatur der Zelle [142].
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5.2.3 Ergebnisse fiir die Neutralisation von Ionen

Um die Neutralisation des lonenstrahls mit Hilfe der im vorangegangenen Kapitel vorgestell-
ten Ladungsaustauschzelle zu charakterisieren, wurde die Intensitdt des erzeugten neutralen
Atomstrahls in Abhéngigkeit der Temperatur der mit Césium befiillten Zelle bestimmt [142].
Die Intensitdt des neutralen Strahls kann dabei nur relativ iiber 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 lonenstrahls wurde nach der Zelle mit elektrostatischen Deflektoren abgelenkt.

In Abb. 5.1 (c) ist die Neutralisationsrate fiir Heliumionen dargestellt. Bei etwa 108°C wurde
ein Maximum der Neutralisation beobachtet. Eine weitere Erh6hung der Temperatur sorgt fiir
eine geringere Intensitdt neutraler Teilchen, was vermutlich mit der Erzeugung von negativen
Ionen oder der gestiegenen Divergenz des erzeugten Atomstrahls zu erkléren ist. Vergleiche
zwischen der erzeugten Helligkeit des lonenstrahls und des neutralisierten Strahls, weisen
darauf hin, dass eine absolute Neutralisation von etwa 60% erreicht wurde.

Ahnliche Ergebnisse konnten fiir die Neutralisation von Neonionen beobachtet werden. Fiir
beide Atome wurde festgestellt, dass die Divergenz des neutralisierten Strahls im Vergleich
zu dem lonenstrahl erhoht ist. Dies folgt aus der Tatsache, dass der Ladungsaustausch durch
Stofse der Wechselwirkungspartner zustande kommt und damit zu einer Richtungsénderung
fiihren kann. Eine hohere Divergenz ist jedoch gleichbedeutend mit einer geringeren Dichte
des neutralen Targets fiir 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 lonenstrahlapparat zu untersuchen.

Nachdem gezeigt werden konnte, dass mit Hilfe der Ladungsaustauschzelle der Ionenstrahl
neutralisiert werden kann, wurden Ionisationsexperimente mit dem Atomstrahl durchgefiihrt.
Versuche die Doppelionisation mit Helium zu detektieren, waren nicht erfolgreich. Dies ldsst
sich mit der geringen Targetdichte der neutralen Atome in Verbindung mit der erhdhten
Komplexitit des Experiments erkldaren. Im Vergleich zu der Untersuchung von Helium stellt
die Doppelionisation von Neon aufgrund der geringeren bendtigten Intensitét ein einfacher zu
realisierendes Experiment dar.

Fiir die Durchfiihrung des Experiments wurde daher die Doppelionisation von Neon mit ellip-
tisch polarisierten Laserpulsen gewéhlt. Die gemessenen Impulsverteilungen fiir Einfach- und
Doppelionisation sind in Abb. 5.2 dargestellt. Die verwendeten Laserpulse bei 800 nm entspre-
chen den Bedingungen aus Kap.4. Fiir die Interpretation werden die gemessenen Impulsver-
teilungen mit den Ergebnissen einfacher semiklassischer Simulationen der Doppelionisation
verglichen, die in ausfiihrlicher Form im Kap. 5.3.2 erldutert werden.

Fiir die Einfachionisation des neutralisierten Neon wird eine gaufsférmige 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
fiir die Einfachionisation mit elliptischer Polarisation beobachtet wird (siehe Kap.4). Fiir ei-
ne Doppelionisation wére 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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Abbildung 5.2: Gemessene und simulierte Ionenimpulsverteilungen nach Ionisation eines neu-
tralen Neonatomstrahls mit elliptisch polarisierten Laserfeldern (e = 0,72) in der Polarisati-
onsebene: (a) Messung der Einfachionisation von Neonatomen nach Neutralisation, (b) Mes-
sung der Doppelionisation von Neonatomen nach Neutralisation, (¢) 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 fiir die Einfachionisation von Ne™, (g), Impulsverteilung von
(b),(c) und (d) entlang p,.

Summe der negativen Impulse der beiden emittierten Elektronen besitzt [83]. Die erwartete
Impulsverteilung kann mit der semiklassischen Simulation erzeugt werden (siehe Abb.5.2 (¢)).

Die von den Erwartungen abweichenden experimentellen Ergebnisse (sieche Abb. 5.2 (a-c)) le-
gen nahe, dass das neutrale Neonatom sich nicht im Grundzustand befindet, sondern teilweise
in einem angeregten Rydberg-Zustand. Die Erzeugung von metastabilen Rydberg-Zusténden
in der Neutralisation folgt daraus, dass der Ladungsaustausch zwischen dem Grundzustand
in Césium (Ip = 3.89eV) und den Rydberg-Zustéinden bevorzugt ist (siehe Kap.5.2.1). Die
dafiir in Frage kommenden Zusténde sind in Abb. 5.3 dargestellt.

Wird durch Anpassung des Ionisationspotentials ein solcher Zustand als Anfangszustand in
der semiklassischen Simulation gewihlt, wie in (d) abgebildet, wird eine Impulsverteilung
erzeugt, die der gemessenen (b) sehr &hnelt. Damit ist klar, dass in der Messung mit den
neutralisierten Atomen im ersten lonisationsschritt ein Elektron aus einem Rydberg-Zustand
mit einem geringen lonisationspotential und daher bei einer geringen Intensitit ionisiert wird.
Dieses Elektron und auch das Ion erhalten aufgrund der Verkniipfung zwischen Vektorpoten-
tial und Driftimpuls einen viel geringeren Impuls als bei der Tonisation aus dem Grundzustand
(siehe GI.2.16 bzw. Kap.2.7).

Der zweite Ionisationsschritt geschieht aus dem Grundzustand des Ne™ und fiihrt zu dem
erwarteten Impuls. Somit ist der Einfluss des ersten lonisationsschrittes in der Impulsvertei-
lung (b) kaum erkennbar. Ein Vergleich der Impulsverteilungen in (g) zeigt jedoch, dass die
Ausdehnung der gemessenen Impulsverteilung entlang p, fast der Breite entspricht, die die
Simulation fiir die Doppelionisation aus dem Grundzustand vorhersagt, wihrend die Position
der Maxima mit der Doppelionisation aus dem Rydberg-Zustand iibereinstimmt. Daraus kann



5. Doppelionisation von Helium in ultrakurzen Laserpulsen o1

Konfiguration Energie (eV)
Ne* 1s%22s22p° 21,5
Abbildung 5.3: Energiezusténde in Neon aus- '"’
gehend vom Grundzustand im neutralen Neo- 15225%2p%3d 20,0
natom. Zahlreiche Zustinde haben eine Ener- E— 197
gie die nur etwa 3.9eV von der Ionisierungs- g
. . . . @
energie entfernt ist und damit einen nahezu £ 1s?2572p%3p 18,4
resonante Ladungsaustauschreaktion von Ne™
. N 1522522p°3s 16,6
und Césium erméglichen.
Ne 1s%2522p® 0

geschlossen werden, dass der neutralisierte Neonatomstrahl aus einer Mischung von Atomen
im Grundzustand und Atomen in angeregten Zustédnden besteht.

5.2.5 Schlussfolgerung

Durch die Kombination des lonenstrahlaufbaus 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
fiir Neon aus einer Mischung aus Atomen im Grundzustand und in Rydberg-Zustédnden be-
steht. Damit ergibt sich das Problem, dass Starkfeldexperimente mit neutralen Atomen, die
sich ausschlieflich im Grundzustand befinden, nicht moglich sind. Mdégliche Losungen wé-
ren die Verwendung anderer Atome fiir die Ladungsaustauschreaktion oder die nachtrégliche
Abregung der angeregten Zusténde durch Stofe mit Gasatomen [147].

Die fiir Neon beobachtete Erzeugung langlebiger Rydberg-Zusténde ist auch fiir andere Ionen
wie He™ relevant. Damit stellt sich gerade fiir Helium die Frage, ob auch verschiedene Zu-
stdnde von Ortho- und Parahelium erzeugt werden kénnen. Dies wiirde es ermdglichen, die
Abhingigkeit der Starkfeldionisation von Spin-Zusténden des Heliumatoms zu untersuchen.

Auch Systeme wie neutralisierter atomarer Wasserstoff H oder molekularer Wasserstoff Ho
konnten gebildet werden, da Ionenstrahlen von H* und H; sehr gut in der Ionenquelle produ-
ziert werden konnen, sodass interessante fundamentale Testsysteme fiir weitere Untersuchun-

gen zur Verfiigung stehen.

5.3 Ionisationdynamik von Helium in Few-Cylce-Laser-Pulsen

5.3.1 Einleitung

Fiir elliptisch polarisierte Laserfelder weisen die Impulsverteilungen der lonen nach sequen-
tieller Doppelionisation (SDI)? eine charakteristische Form auf, die durch vier Maxima der
Zahlrate bestimmt wird [83; 85]. Diese Beobachtung kann im Rahmen des semiklassischen

’Die Bezeichnung als sequentielle Doppelionisation zeigt an, dass es sich um zwei unabhingige Ionisati-
onsschritte handelt. Der Begriff 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 unabhingiger und
sequentieller Tonisationsschritte verstanden werden [148; 7].

Experimente, die von Schoffler et al. in der Arbeitsgruppe von Markus Kitzler (Technische
Universitdt Wien) fiir die Doppelionisation von Helium in nahezu zirkular polarisierten Laser-
pulsen durchgefiihrt 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 Tonenimpulse 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 Verfiigung. Zusétzlich wurde in
diesem Experiment die relative Phase der ultrakurzen Laserpulse mit einem Phasenmeter re-
gistriert, um auch die CEP-Abhé&ngigkeit 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 Verstdndnis der experimentellen Ergebnisse mit Hilfe von semiklassischen
Simulationen zu gewinnen. Es zeigt sich, dass auch fiir ultrakurze Laserpulse, wenn die sequen-
tielle Doppelionisation in einem sehr kurzes Zeitintervall konzentriert ist, ein ausschlieflich
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-Abhéngigkeit der Impulsverteilungen betreffen [149]. Die Frage
ist insbesondere, ob die Unterschiede zwischen den gemessenen und simulierten Impulsvertei-
lungen auf Korrelation zuriickzufiihren sind oder triviale Ursachen (wie Chirp der Laserpulse
usw.) haben.

Gechirpte Pulse sind ein etabliertes Mittel, um die Quantenprozesse in Molekiilen und Ato-
men auf der fs-Zeitskala zu kontrollieren [151; 152; 153; 154; 155]. Bisher gibt es jedoch relativ
wenig Forschung iiber den Einfluss der spektralen Phase auf die Tunnelionisation auf der Atto-
sekundenzeitskala. Ein gutes Versténdnis {iber den Einfluss des Chirp und der anderen Laser-
pulsparameter ist wichtig, um die Unterschiede zwischen den Ergebnissen von Experimenten
und Simulationen fiir die SDI in Few-Cylce-Laserpulsen korrekt zu interpretieren [149; 156].

Das Ziel dieses Kapitels ist es, numerisch zu untersuchen, welchen Einfluss verschiedene La-
serparameter, wie die Intensitit, die spektrale Phase der Laserpulse und die sich daraus er-
gebende Form des elektrischen Feldes, auf den Prozess der Doppelionisation nehmen kénnen.
Der Fokus liegt dabei auf dem Parameterbereich, in dem der beobachtete Wechsel von vier
zu sechs Maxima in der Impulsverteilung der lonen 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 lonenimpulsverteilungen und der zugrunde liegenden SDI-Dynamik systematisch und
getrennt voneinander zu untersuchen. Zuerst werden die Einzelheiten des genutzten semi-
klassischen Modells erldutert. Anhand des quantitativen Vergleichs mit den von Schofler et
al. veroffentlichten Ergebnissen der SDI von Helium kann die Giiltigkeit des Modells iiber-
priift werden [149]. Schlieflich 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

Fiir die theoretische Beschreibung von SDI in einem elliptisch polarisierten Feld wére der
direkte Ansatz die ab initio Integration der zeitabhingigen Schrédinger-Gleichung (TDSE)
fiir zwei Elektronen. Dieser Ansatz erfordert jedoch einen enormen Rechenaufwand und kann
daher fiir die hier relevanten Intensitéten nicht realisiert werden. Dariiber hinaus liefert die
Losung der TDSE nur einen begrenzten Einblick in die zugrundeliegende Dynamik. Aus die-
sen Griinden 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-
nachldssigt wird, andererseits die Monte-Carlo-Simulation um den weiteren lonisationsschritt
der sequentiellen Doppelionisation erweitert wird.

Die Ionisationsrate, die von Tong und Lin [127] vorgeschlagen wurde und auf statischer Tun-
nelionisation [34] (siche Kap. 2.4) basiert, wird genutzt, um die gekoppelten Ratengleichungen
fiir die zeitabhéngige Bevilkerung der beiden Ladungszustdnde numerisch zu lésen [157].

Eine Monte-Carlo-Simulation erzeugt dann ein Ensemble von Kombinationen von Ionisati-
onszeiten, t; und t9, die anschlieffend zur Berechnung der asymptotischen Elektronenimpulse
verwendet werden, p; = —A(t;) und p, = —A(t2). Der daraus resultierende Impuls der
doppelt geladenen Ionen p,,,, ist durch die Summe p,,, = —(p; + p2) gegeben.

Das Modell geht von einer strikt sequentiellen Doppelionisationsdynamik aus. Die Durchfiih-
rung der Monte-Carlo-Simulation nach der numerischen Losung der gekoppelten Ratenglei-
chungen, die die exponentielle Abhéngigkeit der Tunnelrate von der Feldstérke einschliefit,
beriicksichtigt jedoch, dass die lonisationswahrscheinlichkeit des zweiten Elektrons von der
zeitabhingigen Population des ersten Ladungszustandes abhingig ist. Diese Interdependenz
wird stark durch die Subzyklenform des Laserfeldes beeinflusst und koppelt den zeitlichen
Ablauf der beiden Ionisationsereignisse umso stérker, je kiirzer der Puls ist.

In dem hier genutzten Modell werden mehrere Aspekte vernachléssigt, um die Theorie zu ver-
einfachen und gleichzeitig die relevanten Effekte abzudecken. Insbesondere wird die zeitabhén-
gige Modulation der Ionisationsraten, die durch die Schwingungen der im Ion verbleibenden
gebundenen Wellenfunktion nach der Entfernung des ersten Elektrons induziert wird, nicht
beriicksichtigt [158; 137; 157|. Zuséitzlich werden die Coulomb-Kréfte 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 signifikanten Einfliisse auf die Ionenimpulsverteilungen haben, wurde von Tong
et al. in klassischen Berechnung gezeigt [160].

5.3.3 Simulation der sequentiellen Doppelionisation

Fiir die Simulation der SDI wird das Laserfeld als Laserpuls mit einem Gaufischen Spek-
trum beschrieben und ist durch folgende Parameter definiert: Spitzenintensitit I, Fourier-
limitierte Pulsdauer der Intensitétseinhiillenden 7y, Zentralwellenlinge Ao, Carrier-Envelope-
Phase (CEP) sowie zweite ¢(2) und dritte ¢® Ordnung der spektralen Phase. In Abhingigkeit
der verschiedenen Parameter kann das elektrische Feld

B(w) x \/S(w)e 1297 (wmw0)? g=igel® (w—wo)® (5.1)
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unter Anwendung der iiblichen Taylorentwicklung[124] um die Zentralfrequenz wy des Laser-
pulses berechnet werden. Dabei ist S(w) o< exp(—ﬁg@)(w — w0)2> die spektrale Leistungs-
dichte. Der Einfluss weiterer Ordnungen der spektralen Phase wird hier nicht betrachtet.
Das zeitabhéngige elektrische Feld des Laserpulses E(t) berechnet sich aus dem Realteil der

Fouriertransformation von E(w).

Das Koordinatensystem wird, in Ubereinstimmung mit Schéffler et al. [149], so gewihlt, dass
sich der Laserstrahl in y-Richtung ausbreitet, die Feldvektoren also in der z-z-Ebene schwin-
gen. Fiir einen Puls mit #? =0 und ¢® =0, gleichbedeutend mit einen fourierlimitierten
Laserpuls, nehmen die Komponenten des Laserfeldes die folgende Form an

B I cos (wt + ¢p)ex
B = 7t Vite (—e sin (wt + ¢0)ez> ’ (5:2)

wobei die Einhiillende f(¢) durch einen Gaufpuls mit f(¢) = exp (—2 In2 (:0)2) beschrieben
werden kann, der eine FWHM (Full-Width-at-Half-Maximum)-Pulsdauer 7y in der Intensi-
tdt aufweist. Der Vorfaktor, Fp, ergibt sich aus der maximalen Fokusintensitit Fy = /T in
atomaren Einheiten am Maximum eines Gaufschen Laserstrahles [161].

Um die sequentielle Doppelionisation zu simulieren, wird die zeitabhédngige Wahrscheinlich-
keit der beteiligten Ladungszusténde, Pp.(t), Pge+(t) und Pp2+(t), ermittelt, indem die

gekoppelten Ratengleichungen geldst werden
dPre

Pt et (1) P (1) 5:3)
dPHeJr

B 1o (Pielt) ~ U1 () P (1) (5.4
dP,

2;@2* =Luermmee+ (U Pre+ (1) (5:5)

Dabei ist Ty, (t) die quasistatische Ionisationsrate mit I'(t) = T'rpr ()T pim (t) mit der ADK-
Rate I';,;y,, die auch von der Drehimpulsquantenzahl [ und der Bahndrehimpulsquantenzahl
m der Elektronen des Atoms abhéngt (siehe Kap.2.4)[34]. Der Faktor I'rps ist wie in Kap. 4
die von Tong et al. vorgeschlagene empirische Korrektur der Uberschitzung der Ionisation bei
hohen Feldstéirken nahe der Barrier-Supression-Ionisation I'rgr = exp (—ai—% %') [126; 127].

Das lonisationspotential des jeweiligen Ladungszustandes geht durch die Groke k = /2|Ip|
ein. Eine Ubersicht iiber die relevanten Parameter ist in Tabelle 5.1 dargestellt.

Atom | |Ip|(eV) | Z | I | Cu | |m|
He 24,59 110(1313] 0
He™ 5454 | 2 [0]566| 0 |6

Tabelle 5.1: Parameter fiir die Berechnung der Ionisationsrate [126; 127].

Um die Anzahl der Elektronen im Atom, die zur Ionisationswahrscheinlichkeit beitragen kon-
nen, zu beriicksichtigen, muss die Ionisationsrate mit der Anzahl der Elektronen des jeweiligen
Ladungszustandes multipliziert werden [157]. Fiir das neutrale Heliumatom im ersten Ionisa-
tionsschritt heift das

Phestier = 2UrBrHe(t) Pre(t). (5.6)
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Fiir den zweiten Ionisationsschritt ist dieser Faktor nur halb so grof, da das Heliumion He™
ein Einelektronensystem ist.

Aus der Losung der Ratengleichung fiir ein gegebenes Laserfeld mit der Elliptizitét €, der ma-
ximalen Feldstarke Fp, Pulsdauer 79 und der CEP ¢ folgen die zeitabhingigen Wahrschein-
lichkeiten, Ppe(t), Prge+(t) und Pge2+(t), die angeben, zu welchem Anteil sich das Atom in
diesen Ladungszusténden befindet.

Fiir die lonisationszeiten wird eine auf Zufallszahlen basierende Verteilung erstellt, die den
Ergebnissen der Ratengleichungen folgen (siehe Gl.5.5) und den zugrunde liegenden kausalen
Zusammenhang erfiillen: Das zweite Elektron muss nach dem ersten Elektron ionisiert wer-
den, t{{ esHet téq e*=He*™ Um dies sicher zu stellen, wird zuerst die Ratengleichung gelost,
um die zeitabhéngige Ionisationsrate d Pp,1+/dt fiir den ersten Ionisationsschritt zu erhalten.

+ . . .
tie=He™ Fiir diese Tonisa-

Dann wird eine Ionisationszeit auf Basis dieser Losung bestimmt,
tionszeit der ersten Ionisation ¢ti/¢=H " werden die Ratengleichungen noch einmal mit neuen
Startbedingungen P (t7e=He™) = 0, Pyoiy (715 He™) = 1 und Py (t7e5HeT) = 0 gelost.

£{€+:>H62+

Mit dem Ergebnis kann die zweite Ionisationszeit ¢ ermittelt werden.

Der Impuls des He?"-Ions p,,, nach der Doppelionisation wird dann aus der Summe der
Impulse der beiden emittierten Elektronen berechnet p,,, = —(p; + p;). Da sowohl eine
Anfangsgeschwindigkeit der Elektronen nach der Tunnelionisation als auch jede Coulomb-
Interaktion zwischen den beiden Elektronen oder der Elektronen mit dem Ion vernachléssigt
werden, sind die Driftimpulse der Elektronen durch das Vektorpotential an den Ionisations-
zeitpunkten gegeben p, = —A(¢) (siehe Gl.2.16 in Kap. 2.7). Es gilt A(t) = — fio E(t)dt'. Der
Impuls des He?*-Ion kann aus der Summe der Vektorpotentiale an den Ionisationszeitpunkten

berechnet werden, p,,,, = A(t{Ie:>H6+) 1 A(t§e+§H62+)‘

Diese Berechnungen werden fiir eine grofe Anzahl von Ionisationsereignissen fiir verschiedene
Intensitdten entsprechend der dreidimensionalen Intensitétsverteilung im Laserfokus wieder-
holt [149]. Die Beitrége der verschiedenen Feldstdrken zu dem Ensemble von Ionenimpulsen
ergeben sich aus der lonisationswahrscheinlichkeit sowie der relativen Haufigkeit, mit der diese
Feldstérke im Laserfokus auftritt [75].

Fiir die Simulation wurden die Parameter so gewihlt, dass sie den experimentellen Bedin-
gungen von Schoffler et al. entsprechen [149]. Die Elliptizitdt war € = 0.95 und die Zentral-
wellenldnge betrug 750 nm. Fiir den Vergleich der Simulationen mit dem Experiment wurde
ein fokussierter Gauflscher Strahl mit einer Rayleigh-Lange von 200 pm angenommen. Um die
CEP-Auflosung sicherzustellen, wurde im Experiment der Gasjet mit einer Dicke von 20 pym
in einem Abstand von 150 um vom Laserfokuspunkt positioniert. Dessen Lage wurde in den
Simulationen beriicksichtigt. Bei der Angabe der Intensitét ist dies zu beachten, da durch die
Verschiebung des Gasjets die effektive Intensitét im Vergleich zur maximalen Fokusintensitét
stark reduziert wird. Die CEP-Mittelung aufgrund der Gouy-Phase wurde bei der Berechnung
vernachléssigt, da der Gasjet viel kiirzer als die Rayleigh-Linge war.

5.3.4 Vergleich von Experiment und Simulation

Die Ergebnisse der CTMC-Simulationen sind in Abb. 5.4 mit den experimentellen Ergebnissen
von Schoffler et al. verglichen [149]. Eine gute Ubereinstimmung zwischen den gemessenen und
den simulierten Impulsverteilungen wird fiir eine Pulsdauer von 79 = 4.38fs (¢(2) = 0, ¢ =
0, Ao = 750nm, €=0.95) in der Simulation erreicht. Diese Pulsdauer ist etwas kiirzer als die
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Abbildung 5.4: Gemessene und simulierte He?* Impulsverteilungen (integriert iiber alle Werte
der CEP) in Richtung von p, (a) und p, (b), gemessene Verteilung in der Polarisationsebene
(c), integriert iiber alle Werte der CEP fiir eine Pulsdauer von 79 = 4.5fs und eine Inten-
sitit von I = 1x10' W/cm?. (e) und (g) zeigen die Verteilung wie in (c) fiir CEP=0 bzw.
CEP=m/2, wobei die CEP iiber £5° gemittelt wurde. (d), (f) und (h) zeigen die entspre-
chenden Ergebnisse der CTMC-Simulation fiir die Impulsverteilungen, wobei die Pulsdauer
70 = 4.38fs und die Intensitiit I = 9.6x10® W/cm? gewiihlt wurde. (i) und (j) stellen die
Abhéngigkeit von der CEP fiir die gemessene bzw. simulierte Verteilung entlang p, (iiber 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 Zihlrate bei kleinen Impulsen gut

iibereinstimmen.
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im Experiment gemessene, liegt aber immer noch innerhalb der Unsicherheit der Messwerte
(1 = 4.5fs, ¢ =0, ¢ ~0, \g = 750nm, e = 0.95).

Die fiir die Ubereinstimmung mit den Messdaten erforderliche Spitzenintensitét 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 p; 5 = —A(t1,2) (siehe GI.2.16).
Die beste Ubereinstimmung wurde fiir Iy = 7.4x10'6 W /cm? gefunden. Dabei ist zu beachten,
dass im Experiment die Laserfokusposition auferhalb des Gasjets lag. Daher war die Intensitét
an der Position des Gasjets deutlich geringer als im Fokus. Unter Verwendung der Notation
von Schoffler et al.[149] entspricht die Intensitéit im Durchschnitt I = 9.6x10'® W /cm? in-
nerhalb der begrenzten rdumlichen Ausdehnung des Gasjets, das nur einen kleinen Teil des
Fokusvolumens in der Messung auswihlt. Dieses Ergebnis ist in sehr guter Ubereinstimmung
mit dem experimentellen Wert von I = 1x10'% W /cm? [149).

Besonders auffallend ist die Ubereinstimmung fiir die CEP-integrierte Ionenimpulsverteilung
in der Polarisationsebene (siehe Abb.5.4 (a)-(d)). Die wesentlichen Merkmale der gemesse-
nen Verteilung, einschlieflich der Aufspaltung der 4-Peak-Struktur in eine 6-Peak-Struktur,
werden durch die Simulationen reproduziert. Sogar die CEP-aufgelosten Ergebnisse, die in
Abb.5.4 (e)-(h) verglichen werden, stimmen gut {iberein. Allerdings sind kleine Unterschiede
aufféllig, die durch die Pfeile in Abb. 5.4 (g)-(h) markiert sind. Diese Abweichungen {ibertra-
gen sich auf ein entsprechendes Merkmal in der CEP-aufgelosten Impulsverteilung entlang p,,
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-
riickzufiihren ist. Die folgende eingehende Analyse zeigt, dass dies nicht der Fall ist. Um diese
Frage zu klaren und einen besseren Einblick in die zu Grunde liegende Doppelionisationsdy-
namik zu gewinnen, werden die Einfliisse verschiedener Parameter auf die Impulsverteilungen
im Detail betrachtet.

5.3.5 Einfluss der Pulsparameter auf die Impulsverteilung

In dem vorangegangenen Kapitel wurde die Tauglichkeit des Modells durch die Reproduktion
der gemessenen Ionenimpulsverteilungen bestétigt. Dies umfasste sowohl die CEP-integrierten
als auch die CEP-aufgelosten Verteilungen. Nun kann der Einfluss der verschiedenen Pulspa-
rameter (I, 79, $®, $(®) auf die simulierten Verteilungen untersucht werden.

Dabei ist anzunehmen, dass die CEP-aufgelosten Verteilungen besonders sensitiv auf Verén-
derungen der Pulsparameter sind. Der Grund ist, dass die erste lonisation typischerweise bei
viel niedrigeren Feldstarken stattfindet. Die Ionisation des ersten Schrittes erfolgt damit friih
in der ansteigenden Flanke des Pulses, deren Form sensitiv auf die Laserparameter ist. Im
Vergleich zu Simulationen der Einfachionisation erhéht sich daher fiir die Doppelionisation
die erforderliche Genauigkeit mit der die Pulsform fiir eine moglichst exakte Modellierung
experimenteller Ergebnisse bekannt sein muss. Der zweite Ionisationsschritt findet dagegen
iiberwiegend im glatten und flachen Bereich um das Pulsmaximum statt.

Dariiber hinaus kann die zeitliche Verschiebung der spektralen Komponenten, die durch einen
Chirp des Laserpulses hervorgerufen wird, die Ionisationsdynamik stark beeinflussen. 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 Plasmanichtlinearitdt sowie Kerr-Nichtlinearitét in einer
gasgefiillten 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 .

Aufterdem sind die resultierenden Spektren typischerweise nicht perfekt gaufsférmig, sondern
weisen starke spektrale Modulationen in der Intensitat auf [164]. Dies fithrt oft zu ausgepréig-
ten Vor- und/oder Nachpulsen, die leicht Intensitdtsamplituden von 10 % des Hauptpulses
erreichen konnen [165].

5.3.5.1 Abhingigkeit von der Pulsdauer

Bevor die Abhingigkeit der SDI von kleinen Anderungen der Pulsdauer im Few-Cycle-Regime
diskutiert wird, soll im Folgenden der grundsétzliche Unterschied in der Doppelionisation mit
ultrakurzen und mit langen Pulsen veranschaulicht werden.

Bei langen Pulsen ist die Ionisationswahrscheinlichkeit jedes Ionisationsschrittes {iber 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 fiir das erste
und das zweite emittierte Elektron sind auch bei fester CEP symmetrisch (sieche Abb. 5.5 (e)).
Dies fiihrt zu einer symmetrischen Impulsverteilung der Ionen (siehe Abb.5.5 (a)). Wie in (c)
gezeigt, entfernt die lange und langsam variierende Pulseinhiillende 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 (siche Abb.5.5(d)). Das zirkular polarisierte Feld &ndert
sich schnell in Amplitude und Richtung und beschreibt in der ansteigenden Pulsflanke eine
Auswirtsspirale des elektrischen Feldvektors. Daher nimmt die beobachtete Photoelektro-
nenimpulsverteilung die Form einer Spirale an und wird asymmetrisch, sieche Abb. 5.5 (f). Je
kiirzer der Puls, desto stérker ist die Verkniipfung der lonisationszeiten und der entspre-
chenden Elektronenimpulse, was zu einer asymmetrischen lonenimpulsverteilung fiihrt (siehe
Abb. 5.5 (b)).

Fiir das Limit eines einzelnen beitragenden Halbzyklus und einer festen CEP ist die erste
Elektronenemission auf einen sehr kleinen Winkelsektor beschrénkt, und der Bereich der Zeit-
punkte des zweiten lonisationsereignisses und die daraus resultierenden Emissionsrichtungen
sind extrem sensitiv auf die Form des elektrischen Feldes.

Die Simulation der Pulsdauerabhéngigkeit vom Few-Cycle-Pulsen zu langen Pulsen in Abb. 5.6
zeigt, wie die Hauptmerkmale der lonenimpulsverteilung von der Pulsdauer 7y abhéngen, wo-
bei immer noch ¢(® =0, $(®) = 0 angenommen wird. Die Abb. 5.6 (a) zeigt einen Schnitt durch
die Ionenimpulsverteilung um eine Region p, = 0. Die Verteilung beginnt bei einer 4-Peak-
Struktur fiir sehr kurze Pulse, wandelt sich in eine 6-Peak-Struktur nahe der im Experiment
verwendeten Pulsdauer (7 &~4.5fs) und wechselt zuriick zu einer 4-Peak-Struktur fiir langere
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Abbildung 5.5: Vergleich der SDI von Helium mit einem langen und einem kurzen Laser-
puls: Simulationsergebnisse fiir einen langen (301fs) (links) und einen sehr kurzen Puls (3.5fs)
(rechts) mit einer CEP=[-5°,5°]: (a) und (b) zeigen die Ionenimpulsverteilungen, (c¢) und (d)
die E,-, E;-Komponenten und Einhiillende des Laserfeldes mit den lonisationszeiten fiir 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 pulsdauerabhén-
gigen Breite der Verteilung, die mit der Varianz ps von p, charakterisiert werden kann. Zur
weiteren Veranschaulichung der Pulsdauerabhéngigkeit sind Beispiele der CEP-integrierten
Tonenimpulsverteilung fiir ausgewihlte Pulsdauern in Abb. 5.6 (¢) dargestellt.

Das Extrahieren der beiden Elektronenemissionszeiten aus der Simulation (siehe Abb. 5.6 (f))
zeigt, dass sich die Ionisationswahrscheinlichkeit fiir das zweite Elektron iiber zwei Laserzyklen
erstreckt und die gemessene 6-Peak-Struktur verursacht. Bei ldngeren Laserpulsen wird die
zweite Elektronenemission iiber mehrere Zyklen verteilt und die 6-Peak-Struktur kehrt zu
einer 4-Peak-Struktur zuriick.

Mit den Elektronenimpulsen p,; und p,o kann die mp-Abhéngigkeit der CEP-integrierten Im-
pulskoinzidenzverteilung des ersten und zweiten emittierten Elektrons untersucht werden (sie-
he Abb. 5.6 (d)). In dieser Darstellung befindet sich die parallele Emission beider Elektronen
in die gleiche Hemisphére (dufserer Ring in Abb. 5.6 (¢)) im ersten und dritten Quadranten,
wiahrend die antiparallele Elektronenemission (innerer Ring) im zweiten und vierten Quadran-
ten liegt. Fiir 3.5fs existiert nur ein sehr enger Bereich antiparalleler Impulskombinationen
von p, und p,o, (zweiter und vierter Quadrant). An dieser Stelle findet fiir eine Pulsdauer
von 4fs eine Aufspaltung fiir die antiparallele Emission statt, die mit den Beobachtungen der

6-Peak-Struktur iibereinstimmt. Sie verschwindet fiir 7y lénger als 5fs.

Die Strukturen im ersten und dritten Quadranten, die der parallelen Zweielektronenemissi-
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Abbildung 5.6: Simulierte Pulsdauerabhiingigkeit der iiber die CEP integrierten He?*-
Impulsverteilungen (I = 9.6x10® W/cm?, ¢® = 0, ¢ = 0): (a) Ionenimpulsverteilung
entlang p, fiir |p,| < 2 a.u. als Funktion der Pulsdauer, (b) Pulsdauerabhéngigkeit der Va-
rianz pg von p,, (¢) Tonenimpulsverteilung fiir verschiedene Pulsdauern, (d) Koinzidenzkarte
entlang p, des Impulses des ersten gegeniiber dem zweiten emittierten Elektrons, (f) Tonisati-
onszeiten fiir alle (durchgezogene Linie) CEPs und fiir CEP von 0 (gestrichelt Linie) und /2
(gepunktete Linie) des ersten und des zweiten emittierten Elektrons.

on entsprechen, sind unabhéngig von der Pulslédnge (sieche Abb.5.6 (d)). Damit ist auch die
Form des duferen Rings in der Ionenimpulsverteilung unabhéngig von der Pulsdauer (siehe
Abb.5.6 (¢)).

Diese Analyse der Richtungen der Elektronenemissionen setzt einige Fragezeichen an die Inter-
pretation von gemessenen Elektronenkoinzidenzdaten fiir die Doppelionisation von Argon mit
7 fs-Pulsen [156], die sich eventuell auch mit einem sequentiellen Ablauf der Doppelionisation
und damit ohne Elektronen-Elektronen-Korrelationseffekte erkldren lassen.

Eine weitere Beobachtung in Abb. 5.6 ist, dass t1, und damit p;, bemerkenswert unempfindlich
auf die Pulsdauer sind, da dieser Ionisationsschritt vollsténdig geséttigt ist. Dagegen ist to sehr
sensitiv auf Anderungen von 75 und der CEP, sodass eine Steuerbarkeit der Doppelionisation
auf der Subzyklenzeitskala moglich ist (siehe Abb.5.6 (f)).

5.3.5.2 Abhingigkeit von der Intensitit

Wie im vorherigen Abschnitt gezeigt, erfordert die Existenz der 6-Peak-Struktur, dass die
zweite Elektronenemission iiber mehr als einen optischen Zyklus verteilt ist, wahrend die
erste Elektronenemission im Wesentlichen innerhalb eines einzigen Halbzyklus gesattigt wird.
Ist die Intensitdt fest eingestellt, kann diese Bedingung durch Anpassung der Laserpulsdauer
erfiillt werden. Alternativ kann bei einer festen Pulsdauer ein dhnliches Verhalten durch die
Verdnderung der Intensitat erreicht werden, wie an der Intensitétsabhingigkeit des Schnittes
durch die Ionenimpulsverteilungen um eine Region p, = 0 in Abb. 5.7 (a) und (b) im Vergleich
zu Abb. 5.6 (a) deutlich wird. In den gemessenen Verteilungen ist der Ubergang von 4 zu 6
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Abbildung 5.7: Abhiingigkeit der He?*-Impulsverteilungen von der Intensitiit der Laserpulse
bei einer Pulsdauer von 7o—=4.38fs (¢ = 0, ¢ = 0) fiir das Experiment (a) und die
Simulation (b). Die Abbildungen zeigen einen Schnitt der Impulsverteilung in Abhéngigkeit
der p,-Kompomente um eine Region mit p, = 0. Dabei wurden die Ionisationsereignisse
iiber |pz| < 2 a.u. sowie iiber alle Werte der CEP summiert. Fiir jede Intensitit wurde die
Verteilung auf das Maximum normiert. Die Intensitdtswerte geben die maximale Intensitét
an der Position des Gasjets an [149].

und zuriick zu 4 Peaks fiir die Erhéhung der Intensitdt dhnlich wie bei der Erhohung der

Pulsdauer 7y zu beobachten.

Wie die Pulsdauerabhéngigkeit kann diese Beobachtungen fiir die Intensitétsabhingigkeit da-
durch erklart werden, dass mit zunehmender Intensitdt mehr Halbzyklen zur Ionisation des
zweiten Elektrons beitragen. Im Gegensatz zu den Messergebnissen bleibt in den simulierten
Tonenimpulsverteilungen die 6-Peak-Struktur auch bei sehr hohen Intensitaten sichtbar (siehe
Abb. 5.7). Der Grund fiir die Diskrepanz zwischen gemessenen und simulierten Verteilungen
fiir hohe Intensitédten bleibt unklar. Jedoch wurden hier nur Pulse mit perfekt kompensierter
spektraler Phase beriicksichtigt.

Eine weitere Beobachtung ist, dass die intensitdtsabhingige Varianz ps monoton mit I zu-
nimmt. Dies folgt daraus, dass der zweite Ionisationsschritt bei hoheren Intensitidten stattfin-
det und damit das zweite emittierte Elektron ein grofseres Vektorpotential erfihrt.

5.3.5.3 Abhiéngigkeit von der spektralen Phase zweiter Ordnung

Ein weitere Moglichkeit zur Steuerung der Subzyklenemission in der SDI ist der Chirp zweiter
Ordnung ¢(?) des Laserfeldes. Die Abbildung 5.8 vergleicht die ¢(®)-Abhéingigkeit der gemes-
senen und simulierten Ionenimpulsverteilungen bei fester Spitzenintensitdt entlang p,. In der
Messung wurde ¢(®) durch Hinzufiigen von Glas in den Strahlengang variiert und dabei die
Laserpulsenergie angepasst, um die Spitzenintensitdt konstant zu halten [149]. Das hinzuge-
fligte Glas fiihrt zu einer erhéhten Pulsdauer, 1dsst aber das Spektrum unverdndert. Durch
den Anstieg von ¢(?) wird die Laserfrequenz wihrend des Laserpulses zeitabhingig.

Die gemessenen Tonenimpulsverteilungen weisen einen Ubergang zwischen 4 und 6 Peaks auf,
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Abbildung 5.8: Abhingigkeit der CEP-integrierten He?*-Impulsverteilungen vom Chirp (¢(2)).
(a) Gemessene Breite und (b) die ganze Verteilung integriert iiber |p,| < 2 a.u. als Funktion
der spektralen Phase zweiter Ordnung, (c¢) wie (a) und (d) wie (b) fiir die Simulation mit
7=4.381fs (¢3 = 0). (e) Vektorpotential fiir einen Laserpuls mit negativen und positiven ¢
(f) Tonenimpulsverteilung fiir positiven und negativen ¢(2).

der von der Simulation gut reproduziert wird, siehe Abb.5.8(d). Der Ubergang kann mit
dhnlichen Argumenten wie fiir die Pulsdauerabhéngigkeit erkldrt werden. Das heifst, der erste
Ionisationsschritt ist geséttigt und der zweite Schritt wird iiber eine steigende Anzahl von
optischen Zyklen verteilt, wihrend ¢® erhoht und der Puls gestreckt wird.

In der Simulation wurden auch negative ¢ beriicksichtigt. Die resultierenden Ionenimpuls-
verteilungen und die po-Evolution zeigen einen interessanten Effekt. Fiir negative ¢(?), siche
Abb. 5.8 (c), ist die Varianz ps wesentlich kleiner als fiir positive #?) des gleichen absoluten
Wertes. Dies geht einher mit weiteren vom Chirp abhéngigen Merkmalen der Verteilung, siehe
Abb.5.8(d).

Der Effekt lédsst sich dadurch erklidren, dass der Chirp einen zeitabhéingigen Frequenzablauf
induziert, der sich in zeitabhéngige Elektronenimpulse iibersetzt. Dies folgt daraus, dass die
Ionisationszeitpunkte tg und die Impulse der Elektronen p iiber das Vektorpotential am Zeit-
punkt ty durch die Relation p = —A(tg) verkniipft sind. Ist die ansteigende Flanke des
Laserpulses blau-verschoben (¢(2) < 0), erfahrt das erste emittierte Elektron ein kleineres
Vektorpotential und erhélt dadurch einen geringeren Impuls. Das zweite Elektron, das um das
Maximum des Pulses herum emittiert wird, wo die Tragerfrequenz im Vergleich zu ungechirp-
ten Pulsen unveréndert bleibt, erfihrt dagegen keine solche Impulsverschiebung. Umgekehrt
erhilt bei einer rot-verschobenen (¢(?) > 0) Vorderflanke des Laserpulses das erste Elektron
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aufgrund des grofseren Vektorpotentials einen grofseren Impuls.

Der Einfluss des Chirps ¢ auf A wird in Abb. 5.8 (e) visualisiert, welche A fiir einen gechirp-
ten Puls mit Gaufscher, und damit symmetrischer, Einhiillenden des elektrischen Feldes, E(t)
zeigt. Aufgrund der Beziehung, A(t) = — ffoo E(t')dt, ist die Einhiillende des Vektorpoten-
tials asymmetrisch. Der Ionenimpuls, p,,,,, ist die Summe beider Elektronenimpulse. Daraus
folgt, dass wenn py, mehr oder weniger gleich bleibt, wihrend p; durch die Frequenzen an
der Vorderflanke des Laserpulses gesteuert wird, die Verteilung der resultierenden p,,,, fiir
Pulse mit positiven oder negativen »?-Werten breiter oder schmaler ist. Dies ist jeweils in
Ubereinstimmung mit der Chirp-abhsingigen Breite der Verteilung in Abb.5.8 (c).

5.3.5.4 Abhingigkeit von der spektralen Phase dritter Ordnung

Es ist bekannt, dass Few-Cycle-Laserpulse Vor- und Nachpulse aufweisen konnen, die mdogli-
cherweise Einfluss auf die Doppelionisationsdynamik nehmen (siehe Kap.5.3.5). Einen zwar
qualitativen, aber systematischen und gut kontrollierbaren Zugang zu Vor- und Nachpulsen
ermoglicht eine Untersuchungen der spektralen Phase dritter Ordnung (TOD) ¢(3).

Im Gegensatz zu der spektralen Phase zweiter Ordnung #? fithrt die Phase ¢() zu einer
asymmetrischen Pulsform. Eine positive TOD erzeugt eine Pulseinhiillende, die neben ei-
nem asymmetrischen Hauptpuls mit steil abfallender Flanke eine Folge von Nachpulsen mit
abnehmender Intensitit aufweist. Das Andern des Vorzeichens der TOD kehrt die zeitliche
Reihenfolge dieser Pulseinhiillenden um (siehe Abb.5.9 (g)). Obwohl diese Satellitenpulse nur
einen Bruchteil der Amplitude des Hauptpulses haben, beeinflussen sie die SDI-Dynamik,
indem sie die lonisationszeiten signifikant verdndern.

Die Abbildung5.9 (d) zeigt die simulierten Ionenimpulsverteilungen fiir verschiedene Werte
der TOD, wobei alle anderen Parameter konstant gehalten wurden (I = 9.6x10® W /cm?,
10 = 4.38 fs, (2 = 0). Eine TOD von +180fs? fiihrt zu FWHM-Pulsdauern des Hauptpulses
von bis zu 8fs. 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 zuriickzufiihren.

Ahnlich wie bei den Variationen von ¢ unterscheiden sich die Tonenimpulsverteilungen fiir
verschiedene Vorzeichen der spektralen Phase ¢®), da ¢(®) eine asymmetrische Form der
Pulseinhiillenden und damit auch ein asymmetrisches Vektorpotential verursacht. Die Analyse
der ¢(®)-Abhingigkeit der Breite der Verteilung in Abb. 5.9 (c) zeigt, dass das Maximum der
Breite in Richtung negativer Werte verschoben ist. Dies konnte durch eine steilere Steigung der
Vorderflanke der Einhiillenden des Hauptpulses erklédrt werden, die fiir einen kleinen Betrag
von negativen ¢®) auftritt. Fiir diese Pulsform werden beide Ionisationsereignisse zeitlich

néher zusammengeschoben.

Fiir einen stirkeren negativen TOD, der bei Werten von —50fs? beginnt, spielen die Vorpulse
eine wichtige Rolle. Wie Abb. 5.9 (h) fiir ¢(3) = —70fs® zeigt, wird der erste Ionisationsschritt
zwischen dem Hauptpuls und dem Vorpuls aufgeteilt, was zu einer bimodalen Impulsvertei-
lung des ersten emittierten Elektrons fiihrt (siehe Abb.5.9 (i)) Interessanterweise wird diese
Aufteilung der Elektronenimpulsverteilung nicht in eine zusétzliche Aufspaltung der Ionen-
impulsverteilung iibersetzt, 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 p; und p, ergeben, verschmiert die Aufteilung
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Abbildung 5.9: Simulierte Abhingigkeit der He?*-Impulsverteilungen von der spektralen Pha-
se dritter Ordnung (¢®)) fiir einen Laserpuls mit 7 = 4.38fs (¢(2) = 0): (a) wie in Abb.5.4
fiir einen Laserpuls ¢(3) = 70fs?, (b) CEP-Abhingigkeit der Impulsverteilung in Richtung
von p, fiir ¢©) = 70fs?® (summiert iiber die anderen Impulskomponenten), (c) Varianz der
Verteilung entlang p, in Abhéngigkeit von oM (d) Impulsverteilung summiert iiber [p,| < 2
a.u. in Abhingigkeit von ¢®), (e) wie (a) fiir (3 = —701s3, (f) wie (b) fiir ¢(3) = —701s?,
(2) Einhiillende der Intensitit fiir $(3) = —70fs?, (h) Ionisationszeiten des ersten und zweiten
emittierten Elektrons (summiert tiber alle Werte der CEP), (i) Impulsverteilungen des radia-
len Impulses, p, = \/m , des ersten und zweiten Elektrons (summiert iiber alle Werte
der CEP).

von p; in der endgiiltigen Impulsverteilung von p;,,,.

Ein weiterer interessanter Effekt, der in Abb.5.9 (e)-(i) gezeigt wird, ist, dass die erhdhte
Amplitude von Vorpulsen fiir grofere negative TOD mit dem Auftreten von zusétzlichen Peaks
in der CEP-aufgelosten lonenimpulsverteilung zusammenféllt. Diese Peaks sind den in der
Messung beobachteten CEP-abhdngigen Merkmalen sehr dhnlich, 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 fiir $(3) = —70£s3 ein dhnliches
Merkmal iiber einen grofen Bereich von CEPs in der Verteilung bei p, =5 a.u. beobachtet
werden kann (markiert durch die Pfeile). Fiir die CEP-integrierte Ionenimpulsverteilung, die
mit negativem ¢ erhalten wurde, verschmelzen die 6 Peaks jedoch fast vollsténdig zu einer
4-Peak-Struktur.

Somit ist es fiir den hier untersuchten Parameterbereich nicht méglich, durch Variation einzel-
ner Parameter eine vollstindige Ubereinstimmung zwischen Simulation und Messung sowohl
fiir die CEP-aufgelsten als auch fiir 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 flachen spektralen Phase verursacht

werden.



Kapitel 6

Das HeH™-Molekiil: Der
heteronukleare Grenzfall der

Starkfeldionisation

Die laserinduzierte Fragmentation des grundlegendsten polaren Molekiils, dem Heliumhydrid-
molekiilion HeH", wird fiir eine Reihe von Wellenlingen, Intensititen und Isotopen unter-
sucht. Im starken Gegensatz zu symmetrischen Molekiilen zeigen Ezperiment und Theorie fiir
HeH", dass in diesem Molekiil die Anrequng von Vibrationszustinden und nicht die elektro-

nische Anrequng die Fragmentation entscheidend beeinflusst.

6.1 Einleitung

6.1.1 Das HeH'"-Molekiil als asymmetrisches Molekiil

Das Verstdndnis und die Kontrolle von chemischen Bindungen in Molekiilen ist eines der
grofen Anliegen der Naturwissenschaften. Die Chemie klassifiziert die Bindungen danach, wie
stark und in welche Richtung die Elektronen zwischen den beteiligten Atomen verschoben
sind, da dies mafgeblich die Eigenschaften und Reaktionen eines Molekiils bestimmt.

Das Lehrbuchbeispiel fiir den Grenzfall einer perfekt symmetrischen Verteilung der Elektronen
ist das Wasserstoffmolekiilion HJ . Von ebenso hoher Bedeutung fiir das Verstéindnis ist der
andere Extremfall, bei dem die Elektronen einer chemischen Bindung stark asymmetrisch
verteilt sind, aber dennoch eine stabile Verbindung formen.

Den Prototyp fiir diese Situation findet man im HeH'-Molekiilion, dem einfachsten hetero-
nuklearen polaren Molekiil. 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 Griinden ein besonders bemerkenswertes Molekiil dar.
Als Ton bildet es eine stabile Verbindung, obwohl Edelgase im Vergleich zu allen anderen
Elementen kaum chemische Bindungen eingehen und das neutrale HeH-Molekiil instabil ist.
Der erste experimentelle Nachweis des HeH™-Molekiils gelang im Jahr 1925 Hogness und Lunn,
die im Massenspektrum eines ionisierten Gasgemisches aus Helium- und Wasserstoffgas das
HeH™ detektierten [166].

Als einfachstes heteronukleares Molekiil ist das HeH' fiir das Verstindnis von Molekiilbin-
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dungen und Elektronenkorrelationen wichtig[167]. Dariiber hinaus hat das HeH™ eine ent-
scheidende Bedeutung fiir die Chemie astronomischer Objekte und insbesondere fiir das Ver-
stédndnis des frithen Universums. Aufgrund der hohen Bindungsenergie und seiner Bestandteile
Wasserstoff und Helium, den ersten beiden Elementen im Universum sowie den Elementen
mit der groften Hiufigkeit, wird angenommen, dass das HeH™ das erste Molekiilion nach der
Entstehung des Universums war [23]. Es gibt zahlreiche Vorhersagen iiber die Existenz des
Molekiils in vielen astronomischen Objekten, wie planetarischen Nebeln [168], weifen Zwer-
gen [169] oder metallarmen Sternen[170]. Ein grofes Réitsel ist daher, warum das Molekiil
bisher in astronomischen Spektren nicht nachgewiesen werden konnte [171].

Ebenfalls interessant ist, dass das Isotop HeT™ eine wichtige Rolle fiir die Bestimmung der
Masse des Elektronneutrinos hat. Eines der empfindlichsten Experimente zur Bestimmung der
Neutrinomasse stellt die Messung des Elektronenspektrums des 5~ -Zerfalls von Ty dar[172].
Die Interpretation des gemessenen Elektronenspektrums hiingt aufgrund von Ty —$HeT™ +
Ve + e~ auch von der genauen Kenntnis der elektronischen Zusténde des Reaktionsproduktes
HeT™ ab[173].

6.1.2 Das HeH"-Molekiil als Modellsystem

Fiir das Studium des HeH™ in starken Laserfeldern ist besonders die Asymmetrie dieses Mo-
lekiils von herausragendem Interesse. Dies wird vor allem im Vergleich zum HJ -Molekiil deut-
lich, das auch in der Starkfeldphysik von Molekiilen eine fundamentale Bedeutung hat und als
Prototyp der Wechselwirkung von Molekiilen mit Laserfeldern dient (siche Kap.2.8.4). Viele
wichtige Effekte wurden zuerst fiir H] beobachtet und erklért [174]. Der Grund dafiir ist, dass
das H; das einfachste molekulare System ist und eine perfekte Symmetrie aufweist. Wesentli-
che Eigenschaften, die in komplexeren Molekiilen relevant sind, treten fiir H; 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; und beeinflusst entscheidend die Kopplung des
Molekiils an ein duferes Feld [175]. Eine weitere Besonderheit besteht in der Tatsache, dass
das HeH™ ein Zweielektronensystem ist.

Wiéhrend das H; das Referenzsystem fiir die Beschreibung symmetrischer Molekiile darstellt,
ist das HeH* das grundlegendste System fiir asymmetrische Molekiile!. Viele andere polare
Molekiile liegen zwischen diesen beiden Extremfillen, der perfekten Symmetrie in H;‘ und der
extremen Asymmetrie in HeH™.

Aus dem besonderen Stellenwert des HeH™ als Modellsystem ergibt sich an seiner theoreti-
schen Beschreibung ein hohes Interesse. Tatséchlich wurde es in vielen Simulationen als Modell
eines Molekiils in einem starken Laserfeld verwendet, u.a. fiir die Dissoziation [175; 176], Toni-
sation [177; 178; 179; 180; 181; 182], Doppelionisation [183; 184; 185] und die Erzeugung von
hohen Harmonischen [186].

Dieser Vielzahl von theoretischen Aktivititen um HeH™ steht das Fehlen von experimentellen
Ergebnissen gegeniiber. Bisher gab es keine Experimente von HeH™ in starken Laserfeldern.
Das einzige Experiment, welches die Wechselwirkung mit Licht behandelte, betrachtete die

'HD™ ist in diesem Sinne kein asymmetrisches Molekiil, da es nur eine Massensymmetrie aufweist und
isoelektronisch zu HJ ist.
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Einphotonendissoziation von HeH™ bei Photonenenergien von 38,7¢V und wurde an einem
Freie-Elektronen-Laser durchgefiihrt [187]. Aus diesen Messergebnissen wurde der Wirkungs-
querschnitt fiir die Einphotonendissoziation extrahiert und detailliert mit theoretischen Ar-
beiten verglichen [173; 188; 189; 190].

Der Grund fiir 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, wé&hlt man in den meisten Fillen fiir die Untersuchung der Wechselwirkung von
Molekiilen mit Laserfeldern Systeme aus, die relativ einfach aus der Gasphase hergestellt wer-
den koénnen. Auch das Molekiilion H;“ wird typischerweise {iber Ionisation des Gasmolekiils
H; in demselben Laserpuls erzeugt, der danach zur Untersuchung des erzeugten Molekiilions
genutzt wird [51]. Dies ist fiir HeH™ nicht moglich, da das neutrale HeH nicht stabil ist. Somit
muss das HeH™ in einer Ionenquelle mit Hilfe eines Gasgemisches aus Helium und Wasserstoff
erst hergestellt werden [166; 191; 13].

Eine weitere Besonderheit des HeH'-Molekiils ist, dass die zwei verschiedenen Isotope von
Wasserstoff und Helium vier verschiedene Isotopenzusammensetzungen? des HeHt ermogli-
chen: *HeH™, 3HeH™", *HeD™, 3HeD™. Fiir Experimente mit starken Laserfeldern bietet sich
die Moglichkeit, systematisch den Einfluss der Massenverteilung im Molekiil zu studieren und
macht dieses System fiir asymmetrische Laserfelder wie ultrakurze Laserpulse mit definierter
CEP sowie Zwei-Farben-Laserfelder besonders interessant.

Aus diesen Eigenschaften des HeH™ ergeben sich als Schwerpunkt dieser Arbeit die wichtigen

Fragen:

e Wie beeinflusst die Asymmetrie und das starke permanente Dipolmoment des HeH™ die
Interaktion in einem starken Laserfeld?
e Kann eine Abhéngigkeit von den unterschiedlichen Massenverhéltnissen der Isotope in ei-

nem Experiment beobachtet werden?

6.1.3 Eigenschaften des HeH"-Molekiils

Das molekulare System des HeH™ besteht aus zwei Kernen und zwei Elektronen. Der elektro-
nische Grundzustand X!¥* ist ein bindender Zustand und weist ein Potentialminimum bei
einem Kernabstand von R = 1,45a.u. auf (sieche Abb.6.1(b))[192]. Im Fall des “HeH™ gibt
es 11 gebundene Vibrationszustinde [193]. Fiir den elektronischen Grundzustand ist nahezu
die gesamte elektronische Ladungsverteilung am Heliumion konzentriert (siehe Abb.6.1(c)).
Es gibt eine grofere Anzahl von angeregten Zusténden [194]. Fiir den niedrigsten angeregten
Zustand A'X7T 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 Zustinden X 'Y+ und A'Y* auch fiir R — oo sehr grof ist.
Die Energiedifferenz betrigt 26 eV am internuklearen Gleichgewichtsabstand. Hinzu kommt,
dass die Dipolkopplung fiir Absténde, die grofser sind als der Gleichgewichtsabstand, sehr
schnell abnimmt [194]. Dies fithrt insgesamt dazu, dass die Dynamik auf den elektronischen
Grundzustand beschriinkt ist und in HeH™ die elektronische Anregung fiir viele Laserwellen-
langen (hwr < |Ugis+ — Uxix+|) nur eine geringe Wahrscheinlichkeit besitzt [175].

Wie bereits erldutert, bewirkt die Ladungsverteilung von HeH™ (siehe Abb. 6.1 (a)), dass das

In dieser Arbeit beziehen sich die Bezeichnungen HeH" und HeD™" auf das Isotop *HeH' bzw. ‘HeD™,
soweit es nicht anders angegeben wird.



6. Das HeHT-Molekiil: Der heteronukleare Grenzfall der Starkfeldionisation 68

@ (b) HeH*(X's*)
awold \  |===-- HeH*(A's*)
HeH* HeH?*
78 20 He?"+ H*
- 3 0
9 .
W S 79 —
2 o — =20 |
g .
S b
80t [ 40
- -60
81t U
80 - NS
0 2 4 0
R (a.u.)
© (d) 0.03 (©)
. Grundzustand
5 Potential | | | | _____ 1.Angeregter Zustand|

Grundzustand 0.025
----- 1.Angeregter Zustand

Potential
Potential

Abbildung 6.1: Das HeH™-Molekiil: (a) Vergleich der elektronischen Ladungsverteilung in
HeH" und Hj mit eingezeichnetem permanenten Dipolmoment fiir HeH™ (roter Pfeil), (b)
Potentialflichen fiir HeH™ und HeH?* mit Darstellung des initalen nuklearen Wellenpakts
(blau) und der Lage der Vibrationszustidnde. (c) Eindimensionales Modellpotential fiir zwei
Kerne mit Kernladungszahl Z; = 2 und Z = 1 und einem Abstand R=1,45a.u. (Gleich-
gewichtsabstand von HeH™) mit den Wellenfunktionen. Dies entspricht nicht den exakten
Bindungsverhiltnissen in HeH™ aus (b). (d) Betragsquadrat der Wellenfunktionen und (e)
Modellpotential als Funktion des Kernabstandes R und der elektronischen Koordinate .

Molekiil iiber ein permanentes Dipolmoment verfiigt. Fiir eine diskrete Ladungsverteilung
kann es als Summe iiber die Einzeldipolmomente aller Ladungstréiger berechnet werden. Der
Dipol jeder Ladung wird durch die Grofe der Ladung ¢; und den Ortsvektor relativ zum
Schwerpunkt charakterisiert p = X', g;r;.

Auf diese Weise kann das Dipolmoment von HeH™ abgeschitzt werden [175]. Fiir den Grund-
zustand ist die Annahme gerechtfertigt, dass beide Elektronen néherungsweise vollstindig am
Heliumkern lokalisiert sind. Mit qg.=2, gg=1 und der Ladung eines Elektrons g. = —1 sowie
dem Massenschwerpunkt bei %R ergibt sich als Projektion auf die Molekiilachse py.g+ =
PKern + PElek = qu(—%R)er + qH%ReT + 2qe(—%R)eT = %Rer. Das Dipolmoment zeigt in
Richtung des Wasserstoffkerns (siehe Abb. 6.1 (a)).

Dieses Ergebnis stimmt fiir R > 4 mit dem quantenmechanischen Ergebnis[194] gut iiberein
(siehe Abb. 6.2). Fiir Kernabstédnde R < 4 ist das exakte Dipolmoment etwas geringer, da sich
dann die Anziehungskraft des Protons stérker bemerkbar macht.

Analog zum HeH™ kann das Dipolmoment der anderen Isotope, wie HeD™, berechnet werden.
Fiir HeD™ liegt der Schwerpunkt bei %R, sodass sich ndherungsweise fiir das Dipolmoment
PHeD+ = %Rer ergibt. Dieser Wert ist damit etwas kleiner als fiir HeH™ und beeinflusst die
Kopplungsstérke der Vibrationszusténde (siche Kap.6.4).

Das permanente Dipolmoment und die hohe elektronische Anregungsenergie von HeH™ ha-
ben einen wesentlichen Einfluss auf das Verhalten des HeH™ in starken Laserfeldern. Das
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Abbildung 6.2: Dipolmoment fiir HeH": Dipolmatrixelement fiir 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 Abschétzung des Dipols fiir den Grundzustand ermoglicht die Ap-
proximation 4/5R (unterbrochene Linie) [175]. Die griine Kurve zeigt das Dipolmatrixelement

fiir eine Anregung vom elektronischen Grundzustand auf den ersten angeregten Zustand.

permanente Dipolmoment erméglicht die direkte Kopplung von Vibrationszustinden im elek-
tronischen Grundzustand.

Den Einfluss des permanenten Dipolmoments auf die laserinduzierte Dissoziation von HeH™
analysierten theoretisch Ursrey et al.[175; 176]. Sie stellten fest, dass fiir lingere Wellen-
langen (A > 1200nm) eine hohere Dissoziationswahrscheinlichkeit zu erwarten ist, da die
Amplitude von Dipoliibergidngen von gebundenen Vibrationszusténden zu freien Zustédnden
mit sinkender Photonenenergie ansteigt. Dies bestéitigt 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 Kernabstédnden, dass die R-abhéngige
Ionisationswahrscheinlichkeit ein Maximum zwischen R = 3a.u. und R = 5 a.u. aufweist. Deh-
ghanian et al. erkldrten dies als Folge des Populationstransfers zwischen dem vom Starkeffekt
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 méglich
(sieche Kap.6.1.1). Fiir 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:

e der geringen erreichbaren Dichte von HeH™,

e dem unvermeidbaren Anteil anderer Ionen in einem HeH™-Strahl,

e der hohen benétigten Laserintensitét und

e der unterschiedlichen Massenverhéltnisse der Fragmente von HeH™ .
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6.2.1 Erzeugung von HeH™

Die Erzeugung des HeH™ unterscheidet sich von der Erzeugung anderer ITonenstrahlen, wie
z.B. von He™ oder Hy, da die Verbindung erst in der Ionenquelle erzeugt werden muss. HeH™"
kann in einem Plasma aus einem Gasgemisch von Helium- und Wasserstoffgas hergestellt
werden [166]. Dabei muss in der Reaktion

He + (Hj)* — HeH* + H

ein vorher in der Ionenquelle ionisiertes Hj auf ein Heliumatom treffen [74]. Das dabei ge-
bildete HeH" kann dann aus der Ionenquelle extrahiert werden. Vor der Extraktion kann es
jedoch zu einer weiteren Stofreaktion

HeH* + Hy — He + HF

kommen, in der das HeH" auf ein neutrales Ho-Molekiil trifft und unter Bildung von H
zerfallt. Um die Wahrscheinlichkeit fiir diese Reaktion zu minimieren, muss der Druck von Hs
in der Tonenquelle gering sein. Es wurde gezeigt, dass dafiir ein Verhéltnis von 1 : 9 zwischen
Wasserstoff und Helium optimal ist [74].

Der aus der Duoplasmatron-lonenquelle extrahierbare HeH'-Ionenstrom héngt stark vom
Druck in der Tonenquelle ab. Den Grofsteil des Stroms machen andere von der Tonenquelle
emittierte Tonen aus. Um die HeH"-Ionen von diesen Ionen zu separieren, wird der Wienfil-
ter eingesetzt, der die Ionen nach dem Verhéltnis von Ladung und Masse der Ionenspezies
selektiert. Der HeH'-Ionenstrahl kann daher auch andere Ionen mit dem gleichen Ladungs-
Masse-Verhiltnis enthalten.

Besonders kritisch ist dies fiir die Erzeugung eines HeD*-Strahls (siehe Kap. 6.4). Da in die-
sem Fall ein Gasgemisch von Helium mit 10 % Dy in der Tonenquelle bendtigt wird, enthélt
der Tonenstrahl nach dem Wienfilter neben dem angestrebten HeD™ als unvermeidbares Ne-
benprodukt D; mit einer sehr hohen Intensitit, das dieselbe Massenzahl wie *“HeD™ hat.

Fiir den HeH"-Tonenstrahl nach dem Wienfilter kann unter optimalen Bedingungen mit Hilfe
eines Faraday-Cups eine Stromstirke von 10nA gemessen werden. Fiir die Interaktion mit
dem fokussierten Laserstrahl werden fiir HeH" in der Interaktionszone Ionenstrome <1nA
erreicht, da Blenden zur Einschrénkung der Ausdehnung und der Divergenz des Ionenstrahls

den Ionenstrom weiter reduzieren.

6.2.2 Detektion der Fragmente von HeH™

Fiir die Fragmentation des HeH™ in einem Laserfeld sind verschiedene Pfade moglich. Abhén-
gig davon, an welchen Fragmenten die Elektronen verbleiben, gibt es zwei Dissoziationswege:

HeH™ — He + HT

und
HeHt — Het + H.

In gleicher Weise ergeben sich zwei verschiedene Reaktionen fiir die Einfachionisation:
HeH™ — He' + H* + e~

und
HeHt — He2t + H + ™.
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Aufgrund der hohen Energiedifferenz zwischen dem Grundzustand und dem angeregten elek-
tronischen Zustand kann erwartet werden, dass sowohl fiir die Dissoziation als auch die Ioni-
sation die Wahrscheinlichkeit fiir die Reaktionen, bei dem ein Elektron am Proton verbleibt,
sehr gering ist.
Fiir sehr intensive Laserfelder ist zusétzlich die Doppelionisation mdoglich:

HeH" — He*™ + HT + 2 .
Die fiir die Ionisation von HeH™ bendtigte Intensitit kann iiber die kritische Feldstiirke
(siehe Kap.2.5, Gl.2.13) abgeschétzt werden. Das erste und zweite Ionisationspotential fiir
das Molekiil im Gleichgewichtsabstand (R ~1.45a.u.) betrigt 44eV und 73eV. Fiir die
Einfachionisation aus dem Grundzustand ergibt sich mit der eindimensionalen Abschitzung
1,5-1016 W/em?. Auch wenn das Tonisationspotential fiir grofere R abnimmt, zeigt diese Ab-
schitzung, dass sehr hohe Intensititen fiir die Fragmentation des HeH™ nétig sind. Diese
hohen Feldstirken werden nur in einem kleinen Bereich des Laserfokus erreicht, sodass das
aktive Fokusvolumen, welches zum Tonisationssignal von HeH™ beitriigt, begrenzt ist.
Die geringe Targetdichte (siehe Kap.3.6) und die hohe benétigte Intensitét resultieren in
sehr geringen Ereignisraten. Mit der verwendeten Laserrepetitionsrate von 1kHz liegt sie
unter einem Ereignis pro Sekunde (siehe Abb.6.3). Dadurch werden sehr lange Messzeiten
notwendig, die nur bei einer hohen Stabilitdt des Lasersystems und der Ionenquelle realisiert
werden konnen.
Fiir die Detektion der Fragmente von HeHt wurde der Detektor (siehe Kap. 3.5) in einer Ent-
fernung von 913 mm zur Interaktionszone mit dem Laser positioniert. Wie in Kap. 3.4 erklart,
erfolgt die Identifizierung der verschiedenen Fragmente iiber ihre zeitliche und rdumliche Se-
paration. Mit Spektrometerpotentialen von ~100-200V kann eine gute zeitliche Trennung
der Fragmente von HeH™ erreicht werden.
Die rédumliche Verteilung der Fragmente auf dem Detektor gestaltet sich fiir das Molekiil auf-
grund des Massenverhiltnisses der Fragmente deutlich schwieriger als fiir symmetrische Mo-
lekiile, wie z.B. H; Die rdumliche Separation der Fragmente und damit das Potential an den
Deflektoren muss groR genug sein, damit die Detektion der schweren Fragmente (He™) mit ge-
ringer Kinetic Energy Release (KER) so wenig wir moglich durch den Faraday-Cup verhindert
wird (siehe Kap.3.5). Aufgrund des Massenverhéltnisses von 4 : 1 erfihrt jedoch das leichte
Fragment (H") eine vierfach grofere Ablenkung, sodass ein kleiner Teil der H"-Fragmente
der lonisation mit hoher KER und hohem Emissionswinkel nur den Rand des Detektors tref-
fen und teilweise nicht detektiert werden. Die Wahl von ca. 40V fiir das Deflektionspotential
stellt einen Kompromiss dar, um die Detektion beider Fragmente zu maximieren.
An dieser Diskussion wird deutlich, dass das Isotop >HeD% das ideale Molekiil fiir dieses
Experiment wére (siehe Kap.6.1.1). Zudem kénnen andere Molekiilionen aus der Ionenquelle
effektiv durch den Wienfilter gefiltert werden (siehe Kap.6.4).
Auch durch die Wahl der Laserpolarisation besteht Potential zur Optimierung der Detektion
der verschiedenen Fragmente. Die lineare Laserpolarisation wird iiber eine Halbwellenplat-
te fast parallel zur Propagationsrichtung des Ionenstrahls ausgerichtet. Die Impulsidnderung
der Fragmente des Molekiils {ibertriagt sich dann hauptsichlich auf diese Impulskomponente,
die iiber die Flugzeit der Fragmente detektiert wird. Die Messung der Flugzeit ist genau-
er und praktisch nicht eingeschrinkt, sodass wesentlich grofsere Geschwindigkeitsdnderungen
verschiedener Fragmente detektiert werden kénnen als iiber die Auftreffposition auf dem De-
tektor.
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Abbildung 6.3: Experimentelle Zihlrate fiir die verschiedenen Fragmentationspfade von HeH™
in Abhéngigkeit von der maximalen Fokusintensitét fiir 400 nm und 800 nm. Die experimen-
telle Zahlrate wurde um den Effekt des verdnderten Fokusvolumens der intensitétsabhingigen

Messung korrigiert.

Wiihrend 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
Stoke des HeH'-Strahls mit dem Hintergrundgas aus angeregten Zustéinden auf dem Weg
vom Wienfilter 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, konnen sie in der Auswertung im Prinzip leicht diskriminiert werden.
Ihre hohe Intensitdt sorgt jedoch fiir eine hohe Belastung des Detektors und erschwert die
Optimierung der Messung, da das eigentliche Messsignal iiberdeckt wird.

6.2.3 Ergebnisse fiir HeH"

Um in den Experimenten zur Wechselwirkung von HeH™' mit intensiven Laserfeldern ver-
schiedene Anregungswege in der Fragmentation des Molekiils zu testen, wurden zwei verschie-
dene Wellenldngen ausgewéhlt, die eine Anregungen von Vibrationszusténden erlauben bzw.
unterbinden (siehe Abb.6.1(b)). Neben der Laserwellenldnge von 800 nm kamen Laserpulse
der zweiten Harmonischen von 800 nm zum Einsatz (siehe Anhang 8.3.1). Ein 200 ym dicker
Betabariumborat-Kristall im kollimierten 800 nm-Strahl produzierte mit einer Effizienz von
iiber 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 800nm bei der maximalen Fo-
kusintensitiit von ~ 10" W /cm?: (a) KER-cos(f) abhingiges Spektrum, (b) Vergleich der
normierten KER-Verteilung fiir Einfach- und Doppelionisation.
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Fiir beide Wellenléingen erfolgte die systematische Anderung der Laserintensitit durch Varia-
tion der Position des Laserfokus relativ zum Ionenstrahl (siehe Kap. 3.3). Dies hat gegeniiber
anderen Methoden den Vorteil, dass das Sinken der Zihlrate bei geringerer Intensitéit durch
das grofere Fokusvolumen teilweise ausgeglichen wird. Der Nachteil ist, dass fiir jeden Mess-
punkt die Intensitdt iiber die Ausdehnung des fokussierten Laserstrahls an der Position des
Ionenstrahls interpoliert werden muss und damit eine grofere Unsicherheit aufweist.

Die experimentelle Z#dhlrate, um den Effekt des verédnderten Fokusvolumens korrigiert, ist
in Abb.6.3 in Abhingigkeit der abgeschétzten Laserintensitét dargestellt. Der dominieren-
de Fragmentationskanal ist fiir beide Wellenlingen die Einfachionisation HeHt — Het +
H* + e”. Fiir Intensititen iiber ~ 10 W/cm? wurde zusiitzlich ein intensives Signal der
Doppelionisation detektiert. Mit 800 nm konnte zudem ein schwaches Dissoziationssignal be-
obachtet werden. Die Zahlrate 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 moglich.

Entsprechend den Erwartungen konnte weder fiir die Ionisation noch fiir die Dissoziation
der Kanal beobachtet werden, bei dem ein Elektron am Wasserstoffatom verbleibt. Auch
die Vorhersagen von Ursrey et al.[175], dass die Dissoziationswahrscheinlichkeit bei einer
Wellenldnge von 800 nm sehr gering ist, bestétigt sich.

Fiir jedes detektierte Ereignis wurde aus dem Auftreffort und der Flugzeit die Impulsén-
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 6. Die KER- und cos(6)-abhéngigen
Verteilungen der Einfach- und Doppelionisation von HeH™ mit 800 nm bei der maximalen
Fokusintensitét sind in Abb. 6.4 dargestellt.

In den folgenden Kapiteln werden fiir die beiden Reaktionskanéle, die mit guter Statistik
detektiert wurden, die Messergebnisse analysiert, interpretiert und mit Simulationsergebnissen
verglichen.

6.3 Einfachionisation von HeH™

6.3.1 Intensitidtsabhingige KER-Verteilung der Einfachionisation

Die KER-Spektren der Einfachionisation von HeH' wurden fiir einen grofen Intensitiitsbe-
reich aufgenommen. Die KER-und cos(f)-abhéngigen Verteilungen fiir einige Intensitéten sind
in Abb. 6.5 (a) dargestellt. Das gemessene Ionisationssignal wird dabei aufgrund des in einer
Messung unvermeidbaren Intensitdtsvolumeneffekts von einem grofen Bereich von Intensité-
ten bis zu der maximalen Fokusintensitét erzeugt.

Abb. 6.5 (b) zeigt die Entwicklung der iiber 6 integrierten KER-Verteilungen in Abhangigkeit
der Intensitdt. Fiir geringe Intensitdten beginnt das lonisationssignal bei 4eV und hat ein
Maximum bei 6,5 eV. Fiir steigende Intensitéten verschiebt sich das Maximum zu 11 eV, wobei
sich das KER-Spektrum bis zu 17V erstreckt. Fiir Intensitiiten ab ~ 5- 105 W /cm? bleibt die
Position des Maximum der KER-Verteilung konstant. Die Einfachionisation ist dann gesdttigt
und die Doppelionisation setzt ein (siche Kap. 6.5).

Um einen Einblick in die gemessene Dynamik der Einfachionisation zu erhalten, ist es hilf-
reich, die KER-abhéngigen Verteilungen in eine R-abhéngige Verteilung zu konvertieren. Dazu
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Abbildung 6.5: Intensititsabhéingigigkeit der Einfachionisation von HeH™ mit 800 nin-Pulsen:
(a) KER- und cos(f)-abhéngigen Verteilungen fiir verschiedene maximale Fokusintensitéiten
(1-10%5, 1.5-10%5, 2.10'%, 2,5-10'%, 5.10'° 20-10'> W/cm?) (b) KER-Spektrum (links) der in
(a) gezeigten Intensititen sowie deren Darstellung nach Umrechnung der KER-Abhéngigkeit
zur R-Abhéngigkeit (rechts), (¢) Schema der Umrechnung des KER-abhéngigen Messsignals
in ein R-abhingiges Signal unter Ausnutzung des Reflexionsprinzips.

kann das Reflexionsprinzip genutzt werden |55] (siehe Abb. 6.5). Die Ionisation, d.h. das Her-
auslosen eines Elektrons aus dem Molekiil, entspricht dem vertikalen Ubergang des Molekiils
aus dem gebundenen HeH*-Zustand auf das repulsive HeH?t-Potential. Die beiden Atome
entfernen sich voneinander und die Fragmente gewinnen dabei abhéngig von dem internuklea-
ren Abstand R; bei der Ionisation die Energie KER = Uyep2+ (Ri) — Ugem2+ (R — 00). Die
vergleichsweise kleine Vibrationsenergie des Molekiils wird dabei vernachléssigt.

Die aus den Born-Oppenheimer-Kurven ermittelten R-abhéngigen Verteilungen zeigen (siehe
Abb.6.5), dass die Tonisation bei geringer Intensitdt ein Maximum bei R ~ 3,5 a.u. hat, wobei
die Verteilung Beitrdge von internuklearen Abstdnden bis zu 6 a.u. aufweist. Bei den hohen
Intensitéiten erfolgt die Ionisation bei R ~2,2 a.u. und das maximale R betrigt 4 a.u.

Um einen Vergleich mit Simulationsdaten zu vereinfachen, kénnen die Messdaten in einer
zweidimensionalen Verteilung als Funktion von KER- bzw. R und der Intensitit zusammen-
gefasst werden, wobei das Signal fiir jede Intensitdt normiert wurde (siehe Abb.6.6 (a)). Gut
sichtbar ist der Bereich um ~1- 10! W/cm?, in dem sich das Maximum der KER-Verteilung
von 6eV zu 11€V bzw. von R = 3,5 a.u. zu R ~2,2 a.u. verschiebt.
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Abbildung 6.6: KER- und intensitiitsabhingiges Messsignal fiir 800 nm fiir 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-abhéngigen Ionisationssignals gibt Aufschluss iiber den Ablauf der Frag-
mentation von HeH™ (siehe Abb.6.6 (a)). Vor der Interaktion befindet sich das Molekiil im
elektronischen Grundzustand und vorwiegend (ca. 55%) im Vibrationsgrundzustand v =0
[196]. Die Gleichgewichtslage liegt bei R=1,45a.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 Abstdnden R>22a.u. zu ermog-
lichen, muss vor der Ionisation des HeH™ eine Streckung zu groRerem R stattfinden. Diese
Verdanderung der Bindungsliange vor der Befreiung des Elektrons aus dem Molekiil kann durch
eine Anregung hoherer Vibrationszusténde erklart werden [175]. Im Laserfeld ermdoglicht das
Dipolmoment von HeH™ eine Kopplung der Kernwellenfunktion zu héheren gebundenen und
ungebundenen Vibrationszustédnden im elektronischen Grundzustand (siehe Kap.6.1.3). Pho-
tonen mit einer Wellenldnge von 800 nm erlauben iiber einen Einphotoneniibergang die nahezu
resonante Anregung der Vibrationszusténde, die ausgehend von v =0 um die Photonenener-
gie von 1,55€V verschoben sind, also v="7-11 (siehe Abb.6.1(b) und Abb.6.9 (b)). Diese
Vibrationsniveaus besitzen eine grofere Ausdehnung entlang R (siehe Abb.6.9 (a)). Wird die
Besetzung dieser Vibrationszustinde erhoht, entspricht dies einer Streckung des HeH™ zu
groferen Absténden R.

Fiir niedrige Intensitidten kann die Anregung in der ansteigenden Flanke des Laserpulses statt-
finden, sodass eine Streckung wihrend des Laserpulses ermdglicht wird. Mit anwachsendem
R reduziert sich das Ionisationspotential von 44eV bei R=1,45a.u. auf bis zu 29eV bei
R=6a.u. (siche Abb.6.7 (a)). Wahrend das Molekiil sich streckt, steigt gleichzeitig die Feld-
starke im zeitlichen Verlauf der Einhiillenden des Laserpulses weiter an. Beide Effekte, das
kleiner werdende lonisationspotential und die ansteigende Laserfeldstérke, erhéhen die Ionisa-
tionswahrscheinlichkeit und fithren zur Ionisation bei niedrigen Laserintensitdten und grofien
Kernabstinden. Die Ionisation von HeH™ bei niedrigen Intensititen kann also als Ergebnis
eines Drei-Schritt-Prozesses — aus Vibrationsanregung, Streckung und lonisation bei grofem
R — erklért werden.
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Abbildung 6.7: (a) Ionisationspotential des elektronischen Grundzustands und des angereg-
ten Zustands von HeH™ in Abhiingigkeit des internuklearen Abstands. In (b) ist dies fiir
HeH?* dargestellt. Eine Abschitzung fiir den minimalen Keldysh-Parameter fiir die Ionisati-
on aus dem Grundzustand und dem angeregten Zustand mit den Laserwellenldngen 800 nm
und 400 nm ist in (c) fiir HeH" und (d) fiir HeH?*+ gezeigt. Dabei wurde jeweils der Ladungs-
zustand des Atoms entsprechend der approximativen Ladungsverteilung eingesetzt, aus dem
das Elektron entfernt wird.
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Fiir steigende Laserintensitdten wird die Tonisation auch nahe der Gleichgewichtslage des Mo-
lekiils wahrscheinlicher, sodass bei sehr hohen Intensitidten eine Streckung zu hohem R nicht
notwendig ist. Aufterdem ist in diesem Fall die Zeit vor der lonisation bei Erreichen der hohen
Feldstérken im Laserpuls zu kurz, um eine Streckung des Molekiils zu grofserem R zu erlauben.
Wenn die Fokusintensitét iiber ~ 5- 101 W /cm? steigt, geschieht die Ionisation vorwiegend
ohne vorherige Streckung in der Nihe des klassischen Umkehrpunktes des gebundenen nu-
klearen Wellenpaketes (siehe Abb.6.6 (a)). Die maximale KER von 17¢eV entspricht einem
R=1,54a.u. und ist nahe an dem Gleichgewichtsabstand.

Die intensitéitsabhingige Verschiebung des Signals in den gemessenen KER-Verteilungen (sie-
he Abb.6.6 (a)) ist demnach die Folge des Ubergangs von dem Drei-Schritt-Prozess aus Vi-
brationsanregung, Streckung und Ionisation bei groffem R zu einer direkten Ionisation ohne
vorherige Streckung.

Eine mogliche Abschitzung fiir die charakteristische Zeit des Streckvorgangs liefert die Vibra-
tionsperiode der angeregten Zusténde. Die feldfreie Vibration kann iiber T' = 27 /(Ey,+1 — Ey)
abgeschiitzt werden. Die Ergebnisse sind in guter Ubereinstimmung mit den entsprechenden
Simulationsergebnissen von Stanke et al.[193]. Damit ergeben sich fiir die Zustande v==6-8
Vibrationsdauern von 34-100 fs, wiihrend der Vibrationsgrundzustand fiir HeH™ eine Vibrati-
onsperiode von 11,5fs (siehe Tab.6.1) aufweist. Die abgeschétzten Vibrationsperioden werden
in Kap. 6.4.4 noch in Abhéngigkeit der Isotope detaillierter diskutiert und sind in Abb. 6.12 (d)
dargestellt.

Die Vibrationsperioden der angeregten Zustdnde sind mit 30-80fs von &hnlicher Dauer wie
die Lénge der verwendeten Laserpulse. Dabei ist fiir eine Streckung zu groferem R vor der
Ionisation keine volle Vibrationsperiode erforderlich. So bendtigt ein vergleichbares klassisches
Teilchen in dem Potential von HeH™ etwa 5,5fs, um von R=2a.u. nach 3a.u. zu gelangen
und etwa 13,5fs fiir die Strecke von 2 a.u. nach 4a.u. Die verwendeten Laserpulse sind damit
lang genug, um diese Streckbewegung zu ermdoglichen.

6.3.3 Vibrationsanregung mit 800 nm- und 400 nm-Photonen

Um den beobachteten Prozess der Streckung des HeH™-Molekiils als Folge der Vibrationsan-
regung weiter aufzukldren, wurde die Messung mit Laserpulsen der Wellenldnge von 400 nm
wiederholt. Bemerkt werden sollte zunédchst, dass die Tunnelionisation fiir 800 nm und auch
fiir 400 nm der dominierende Ionisationsmechanismus ist, wie eine Abschitzung des minimalen
Keldysh-Parameters zeigt (siehe Abb. 6.7 (c-d)).

Fiir 400 nm (siehe Abb.6.8 (a)) ist auf dem ersten Blick eine &hnliche Intensitdtsabhéngigkeit
der gemessenen KER-Verteilungen zu beobachten. Ein genauer Vergleich zeigt jedoch, dass
fiir kleine Intensitéiten (I < 1- 10 W/cm?) das Signal fiir KER < 8 eV deutlich reduziert und
das Maximum der Z&hlrate um 1eV zu hoheren KER verschoben ist (siche Abb.6.8(c)). Fiir
die hohen Intensitdten ist der Unterschied geringer und insbesondere die gréfsten gemessenen
KER stimmen fiir beide Wellenlédngen iiberein (siehe Abb. 6.8 (d)).

Der Unterschied zwischen 400 nm und 800 nm kann in Ubereinstimmung mit Kap. 6.3.2 iiber
die Vibrationsanregung erkliart werden. Fiir 400 nm ist die Photonenenergie von 3,1eV zu
hoch, um eine resonante Anregung hoher Vibrationszustdnde zu ermdéglichen. Die Photonen-
energie von 400 nm fiihrt aus dem Vibrationsgrundzustand direkt in ungebundene Zusténde
(sieche Abb. 6.9 (b-c)), die nur eine geringe Kopplung aufweisen. Fiir 400 nm ist die Streckung
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Abbildung 6.8: KER- und intensitéitsabhiéngiges Messsignal fiir HeH™ fiir 400 nm aus der Mes-
sung (a) und aus TDSE-Simulationen (b). In (c) sind die gemessenen und simulierten KER-
Verteilungen fiir 400 nm und 800 nm fiir die /< 1- 10'®> W /cm? gegeniibergestellt. (d) zeigt dies
fiir die hohen Intensititen I > 1- 10'® W/cm?. In der Mittelung der TDSE-Ergebnisse wurden

die Intensitaten, in denen ausschlieflich Doppelionisation zu erwarten ist, nicht beriicksichtigt.

im Vergleich zu 800 nm stark reduziert und somit das Ionisationssignal von kleiner KER be-
ziehungsweise grofem R vermindert.

Diese Interpretation kann mit Simulationen® der zeitabhiingigen Schrédingergleichung {iber-
priift werden (siehe Anhang8.2). Fiir beide untersuchten Wellenldngen sind die Ergebnisse der
TDSE-Simulationen in Abb. 6.6 (b) und 6.8 (b) abgebildet, die entsprechend der experimen-
tellen Bedingungen iiber die Intensitats- und Vibrationszustandsverteilung gemittelt wurden.
Die Ergebnisse sind vor allem fiir 800 nm in guter Ubereinstimmung mit den Messdaten. Die
TDSE-Simulationen erlauben es, zusétzliche Informationen iiber den beobachtenden Prozess
zu erlangen, die in der Messung nicht zugénglich sind. So ist es naheliegend, die Population
der Vibrationszustdnde zu analysieren, die an der Vibrationsanregung beteiligt sind.

Die Extraktion der Besetzung der einzelnen Vibrationszustidnde wird allerdings dadurch er-
schwert, dass wihrend des Laserpulses die Population bei gréfferem R und damit der héheren
Vibrationszustédnde schnell ionisiert und keine Besetzung in diesen Zustinden akkumuliert
wird. Zumindest unterhalb der Sattigungsintensitét ist die Population am Ende des Laser-
pulses gleichwohl aussagekriiftig fiir die wéhrend des Pulses stattfindende Anregung. Sie ist

das Ergebnis der Anregung in der abfallenden Flanke des Pulses, wo die Intensitit bereits zu
gering ist, um eine lonisation zu ermdglichen.

Diese Ergebnisse in Abb. 6.9 (d-f) fiir die Anregung aus dem Grundzustand zeigen, dass fiir

3Die TDSE-Simulationen wurden von Florian Oppermann aus der Arbeitsgruppe von Prof. Lein in Han-
nover durchgefiihrt.
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den Fall der 800 nm-Photonen die Zustinde v =5 - 10 eine erhéhte Population fiir alle betrach-
teten Intensititen aufweisen. Das Maximum der Anregung tritt in Ubereinstimmung mit der
Photonenenergie bei v =6 und v=7 auf. Die Amplitude der durch Vibrationsanregung po-
pulierten Zustdnde am Ende des Pulses zeigt keine grofe Intensitdtsabhingigkeit, da eine
starkere Anregung bei hoherer Intensitédt zu entsprechend stérkerer Ionisation fiihrt.
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Abbildung 6.9: (a): Wellenfunktionen der Vibrationszustinde in HeH™ im Potenital des elek-
tronischen Grundzustandes X', (b) Energie der Vibrationszustinde E, mit Energie eines
800 nm-Photons (rot) sowie eines 400 nm-Photons (blau) aus dem Vibrationsgrundzustand, (c)
Energiedifferenz der Vibrationszusténde gegeniiber dem Vibrationsgrundzustand, E, — Ey, fiir
alle vier Isotope des HeH™ sowie die Energie der anregenden 800 nm oder 400 nm-Photonen,
(d) Population der Vibrationszustinde fiir HeH™ nach dem Laserpuls, die aus den TDSE-

Simulationen fiir drei Intensitdten mit 800 nm und 400 nm extrahiert wurden.

Neben der starken Anregung fiir v =>5-10 kann eine geringere Anregung der niedrigeren Zu-
stdnde v=1-3 beobachtet werden. Dies zeigt jedoch eine deutliche Intensitédtsabhingigkeit,
wobei bei groferen Intensititen eine hohere Population auftritt. Dieser Effekt kann durch
Anregung aus dem Vibrationsgrundzustand infolge der Verformung des Potentials im La-
serfeld oder der nicht gleichméfigen Entleerung des Grundzustandswellenpaktes durch die
bevorzugte Ionisation bei grofem R, &hnlich dem bekannten Lochfrafi-Mechanismus, erklart
werden [197; 198].

Im Vergleich zu den Ergebnissen fiir 800 nm zeigt die Population der Vibrationszustédnde fiir
den Fall der 400 nm-Laserpulse keine Anregung der héheren Zusténde v =5-10. Wie beschrie-
ben, lidsst die Photonenenergie von 3,1 €V keine Vibrationsanregung zu (siehe Abb. 6.9 (b-c)).
Die niedrigeren Vibrationszustdnde v=1-3 werden sowohl fiir 400nm als auch fiir 800 nm
in geringer Stérke angeregt. Es ist nur ein kleiner Unterschied in der Amplitude dieser Zu-
stdnde erkennbar, die fiir 400 nm etwas geringer ist. Dies kann vermutlich {iber die kiirzere
Periodendauer der Laseroszillation im Fall der 400 nm-Pulse erklart werden. Sie fiihrt dazu,
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dass das nukleare Wellenpaket den Verformungen des Potentials durch das Laserfeld nicht so
schnell folgen kann. Diese Beobachtung der Anregung der benachbarten Vibrationszustéinde
fiir 400 nm ist in Ubereinstimmung mit den theoretischen Ergebnissen von Li et al. [199], die
die Tonisation von HeH™ bei 600 nm untersuchten. Fiir 600 nm fiihrt die Absorption von einem
Photon ebenfalls nur auf ungebundene Zusténde.

Die Wellenldangenabhéngigkeit fiir 800 nm und fiir 400 nm bestétigt somit, dass die Vibrations-
anregung in HeH™ entscheidend fiir die Beobachtung der Tonisation von grofien Kernabstéinden
ist (siehe Kap.6.3.2).

6.3.4 Rolle der elektronischen Anregung und Enhanced Ionization

Aufgrund der Rolle des HeH™ als Modellsystem fiir asymmetrische Molekiile gibt es eine
Reihe von theoretischen Arbeiten, die die Tonisation 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
Effekt einer verstiarkten Ionisation bei speziellen Kernabstéinden des HeHT-Molekiils[181].
Als Ursache fiir die Erhéhung der Ionisationswahrscheinlichkeit geben Dehghanian et al. ei-
ne effiziente Anregung des ersten angeregten elektronischen Zustands aus dem elektronischen
Grundzustand an, die durch die Angleichung der im Feld durch den Starkeffekt verschobenen
Energieniveaus fiir bestimmte Kernabstdnde erméglicht wird.

Basierend auf TDSE-Simulationen mit festen Kernabstédnden bei 800 nm und 400 nm sagen
Dehghanian et al. fiir die R-abhingige lonisationswahrscheinlichkeit ein breites Maximum
zwischen R =3 - 5a.u. voraus [181]. Das erhohte Ionisationssignal wiirde sich in einem gemes-
senen KER-Spektrum bei KER = 5 - 9eV dufsern. Dieser Mechanismus scheint im Widerspruch
zum Ionisationsmechanismus zu stehen, der im vorangegangenen Kapitel fiir HeH" diskutiert
wurde.

Entgegen des von Dehghanian et al. gewdhlten Ansatzes befinden sich in einer realistischen Si-
tuation die Atome des HeH'-Molekiils jedoch vor der Interaktion mit dem Laserpuls in einem
Abstand, der ungefahr dem Gleichgewichtsabstand R =1.45a.u. entspricht (siehe Abb.6.1).
Wie bereits erldutert, ist das Ionisationspotential fiir diese R sehr grof (siehe Kap.6.3.2).
Kommt es im Laserfeld zur Streckung des Molekiils zu hoherem R, steigt die Ionisationswahr-
scheinlichkeit schon allein wegen der hohen R-Abhéngigkeit des lonisationspotentials sehr
stark an. Fiir sehr hohe Laserintensitéten ist die Ionisation gesittigt, bevor das Molekiil iiber-
haupt die Region R >3 a.u. erreichen kann. Es ist also zweifelhaft, ob der von Dehghanian et

al. beschriebene Effekt in einer Messung identifiziert werden kann.

Ergénzend anzumerken ist, dass der Effekt eines Maximums der lonisationswahrscheinlich-
keit bei R=3-5a.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 Uberein-
stimmung mit den Messergebnissen sind, beinhalten also prinzipiell den von Dehghanian et
al. diskutierten Effekt. Allerdings zeigen sie auch, dass fiir bewegliche Atomkerne und ei-
nem Molekiil, das anfinglich nahe des Gleichgewichtsabstandes prapariert ist, die Effekte,
die zur Streckung des Molekiils fiihren, fiir die Tonisationsdynamik entscheidend sind (siehe
Kap. 6.3.3).
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Dariiber hinaus ist zu beachten, dass auch der angeregte elektronische Zustand zur Streckung
des Molekiils beitragen kann. Wird das Molekiil in den angeregten elektronischen Zustand
iiberfithrt, befindet sich das nukleare Wellenpaket auf dem nicht bindenden Zustand A'X?
(sieche Abb.6.1). Dies fiihrt zur Dissoziation, wiahrenddessen es auch zur Ionisation aus dem
angeregten Zustand kommen wird. Diese Dissoziation iiber den angeregten elektronischen Zu-
stand fiihrt 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 abhéngig von der Wellenlédnge
die Tonisation aus dem angeregten elektronischen Zustand ungefahr 1% zum Gesamtsignal
beitragen kann.

Aufgrund der hohen Anregungsenergie des Zustandes A'Y? ist zu erwarten, dass seine Anre-
gung umso effektiver geschieht, je geringer die Wellenldnge bzw. je hoher die Photonenenergie
ist. Dieser Effekt 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
groferen Kernabstédnden (R >3a.u.) stammende Ionisationssignal fiir die 800 nm-Laserpulse
hoher ist als fiir die 400 nm-Laserpulse. Auch dies weist darauf hin, dass die elektronische

Anregung nicht der dominierende Effekt fiir die lonisation bei R >3 a.u. ist.

6.4 Isotope von HeH™ — Vergleich mit HeD™

6.4.1 TIsotopeneffekte in HeH™

Eine Besonderheit des HeH-Molekiils besteht darin, dass sowohl Wasserstoff als auch Helium
in zwei verschiedenen stabilen Isotopen vorkommen und somit vier verschiedene Isotopenzu-
sammensetzungen des HeH' moglich sind (siehe Kap.6.1.1). Darum kann fiir dieses Molekiil
die Wechselwirkung iiber einen weiten Bereich von Massenverhiltnissen studiert werden. Iso-
topeneffekte in der Wechselwirkung von kleinen Molekiilen mit starken Laserfeldern wurden
bereits fiir Hy und Hy sowie Hj nachgewiesen [201; 202; 203].

Tatsichlich ist die experimentelle Untersuchung anderer Isotope als “HeH™ jedoch schwierig.
Der wichtigste Grund dafiir ist, dass das Helium-3 nicht ausreichend verfiigbar ist*. Experi-
mente mit Helium-3 konnten in dieser Arbeit daher nicht durchgefiihrt werden, obwohl das
3HeD* aufgrund der dhnlichen Kernmasse fiir die praktische Durchfiihrung des Experiments
das am besten geeignete Molekiil 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 féllt auf, dass je zwei der Isotope
sehr &hnliche Eigenschaften haben. Es ist daher zu erwarten, dass die Ergebnisse von Expe-
rimenten mit 3HeH" den Beobachtungen fiir ‘HeH* #hneln wiirden. Gleiches gilt fiir 3HeD+
und ‘HeD*.

‘Helium-3 ist auf dem Weltmarkt aufgrund der riickldufigen Tritiumproduktion durch die nukleare Ab-
riistung und seiner gestiegenen Verwendung fiir Neutronendetektoren in der Terrorbekdmpfung extrem knapp
und der hohe Preis (>3000 Euro/Liter) machen den Erwerb groferer Mengen unmdoglich [204].
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Molekiil | Ty (fs) | Anzahl v wr (1) p (a.u.)

‘HeH* 11,5 11 4/5=0,8 | 4/5R=0.8R
‘HeD* 14,5 13 8/6~1,33 | 4/6R ~ 0,67TR
SHeHT 11,1 10 3/4=0,75 | 3/4AR=0,75R
3HeD* 13,7 13 6/5=1,2 | 3/5R=0,6R

Tabelle 6.1: Vergleich der Isotope beziiglich der fundamentalen Vibrationsfrequenz, der Anzahl
der Vibrationszustinde, der reduzierte Masse p, und der permanenten Dipolmomente p.

6.4.2 Messung von HeD™ iiber den Massendefekt

Die Messung mit HeD™ ist experimentell noch deutlich schwieriger zu realisieren als die Ex-
perimente mit HeH™. Dies ist auf zwei Effekte zuriickzufiihren:
e Das zusammen mit HeD™ produzierte D;,r kann nicht mit Hilfe des Wienfilters separiert
werden.
e Die Fragmente der Einfachionisation von HeD™ und D:}f haben die gleichen atomaren Mas-
senzahlen.
HeD™ wird in der Tonenquelle aus einem Gemisch aus Helium und Deuterium iiber die Reak-
tion He + Df — HeD* + D erzeugt. Im Plasma der Tonenquelle kann jedoch neben anderen
Reaktionen die Kollision von HeD" mit Dy zur Produktion von D7 fiihren (siche Kap. 6.2.1).
Die effiziente aber unerwiinschte Erzeugung von D:J{ stellt ein groftes Problem dar, da die
beiden Molekiilionen die exakt gleiche Massenzahl (6 Nukleonen) und die gleiche Ladung
(q=1) aufweisen. Eine Separation von HeDTund D3 mit Hilfe des Wienfilters ist nicht méglich.
Somit kann kein reiner ‘HeD™-Ionenstrahl realisiert werden. Vielmehr ist der Ionenstrahl in
der Laserinteraktionszone eine Mischung von ‘HeD™ und Dgr, sodass die laserinduzierten
Fragmente von beiden Molekiilionen auf den Detektor treffen.
Fiir D:})F existieren verschiedene Zerfallskanéle. Die Fragmentierung von Dg‘ in fs-Laserpulsen
untersuchten schon McKenna et al. [205] und Sayler et al. [206]. Bei hohen Intensitéten domi-
nieren die Drei-Teilchen-Fragmentierungen, die nach der Einfach- und der Doppelionisation
auftreten. Von niedrigeren Intensitéten gibt es Beitrége der Einfachionisation und der Disso-
ziation, bei denen das Molekiil in zwei verschiedene Fragmente zerfallt.

Diese Zerfallskanidle konnten auch in dem vorliegenden Experiment beobachtet werden. Der
grofste Anteil des Messsignals stammt von der Drei-Teilchen-Fragmentierungen von D;j,

Df — D + D" +D*" + e .

Dieser Kanal ist durch das Kriterium der Impulserhaltung der Zwei-Teilchen-Fragmentierung
(p1 + p2 = 0) fiir die Fragmentierung von HeD™ in der Auswertung leicht zu diskriminieren.

Das grofe Problem stellt die Zwei-Teilchen-Fragmentierung
D — DJ +D* + e
dar, weil die Ladungen und Massenzahlen der Fragmente dieser Reaktion identisch mit den
Fragmenten der Einfachionisation von HeD™ sind:
HeDt — Het +D* +e™.

In beiden Reaktionen wird ein D* frei, wobei das jeweils andere Fragment (‘Het bzw. DJ)
die gleiche Ladung und Massenzahl hat.
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Abbildung 6.10: Das HeDt-Experiment: (a) Berechnete Flugzeitverteilung (Time-Of-Flight)
der Koinzidenzdetektion fiir das erste und zweite gemessene Teilchen. Die Fragmente fiir
die Tonisation von HeD™' und D;‘ konnen nur aufgrund einer kleinen Flugzeitdifferenz der
Fragmente unterschieden werden. In (b) ist die gleiche Verteilung fiir die gemessene Verteilung
der Flugzeiten dargestellt. Die Fragmentierung von HeD' und D:J{ erscheint in der Messung
an denselben Positionen der Verteilung wie in der Berechnung. In der Messung ist zusétzlich
ein starkes Signal der Drei-Teilchen-Fragmentierung D;{ —D*+D"+D vorhanden, das die
anderen Kanile teilweise {iberlagert.

Die Massen des schweren Fragments unterscheiden sich nur durch den Massendefekt des Heli-
umkerns gegeniiber zwei Deuteriumkernen. Das Molekiil D;r hat eine Masse von 4,0275u [207].
Gegeniiber 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 Kanéle ist
damit ohne weitere Hilfsmittel nicht méglich und die Ionisation von HeD™ und D§L kann nicht

unterschieden werden.

Die Trennung der beiden Kanéle gelang schlieflich unter Ausnutzung des statischen elektri-
schen longitudinalen Feldes in der Interaktionsregion (siehe Kap.3.4). Wenn dieses Feld auf
~200V/cm erhht wird, ergibt sich eine Differenz in den Flugzeiten von He™ und D3, die
fiir eine Selektion der Kanile in der TOF;-TOF,-Verteilung in der Auswertung ausreicht. Da
die Fragmente in Koinzidenz detektiert werden, ist damit eine Separation mdoglich.

Eine Berechnung der Flugzeiten fiir ein Spektrometerpotential von 660V resultiert in einer
Zeitdifferenz der Fragmente von ~ 3,3 ns (siche Abb.6.10 (a)). Die berechneten Flugzeiten be-
riicksichtigen die KER der Molekiilfragmentierung sowie die experimentellen Parameter wie
den Abstand zwischen der Laserinteraktionszone und dem Detektor (913 mm), die Beschleuni-
gungsspannung der Ionenquelle (10kV), das Spektrometerpotential von 660 V 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 zusammengehorenden Fragmente Geraden in der TOF;-TOF3-Verteilung, deren
Winkel sich aus den Massenverhéltnissen der Fragmente ergeben. Die fiir die Fragmentierung
Dg‘ — D;—i—DJr und HeDT —He"+D™ berechneten Verteilungen haben damit den nahezu
identischen Winkel, sind aber aufgrund der Massendifferenz um = 3,3ns verschoben. Dies
stimmt sehr gut mit den gemessenen Flugzeitenverteilungen iiberein (vgl. Abb.6.10 (a-b)).
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6.4.3 Messergebnisse fiir HeD*

Durch die Kombination von hoher Auflosung, Massendefekt und Koinzidenzdetektion der
Fragmente kénnen die Ionisationen von HeD™ und D:J{ trotz der identischen Massenzahl
separiert werden. Die gemessenen KER-abhingigen Verteilungen fiir beide Molekiile sind
in Abb.6.10 (c) dargestellt. Die Messergebnisse fiir die Ionisation von D stimmen gut mit
den Beobachtungen von Sayler et al.[206] iiberein, die fiir den Kanal D — Dj+DT bei
10 W/cm? ein KER-Spektrum zwischen 4 eV und 8 eV beobachteten.

Aufgrund der experimentellen Schwierigkeiten fiir HeD™ wurden fiir dieses Isotop vergleichs-
weise wenige Messungen erfolgreich durchgefiihrt, sodass nur eine Messung bei hoher Intensi-
tét mit 800 nm und eine Messung mit geringer Intensitét bei 400 nm fiir eine Auswertung zur

Verfiigung standen.

Das KER-Spektrum fiir die Einfachionisation von HeD™ bei der maximalen Intensitit und
einer Wellenléinge 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 fiir
HeD™ verschiebt sich im Vergleich zu HeH™ um etwa 1,7 eV zu héheren Energien. In der Form
der Verteilung sind keine Unterschiede erkennbar.

Dieser Effekt ist in Ubereinstimmung mit den Ergebnissen der TDSE (unterbrochene Linie),
wobei die Differenz der Zahlratenmaxima der beiden Isotope in der Simulation kleiner ist als
in der Messung.
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Abbildung 6.11: Einfachionisation von fiir HeD*: (a) gemessene KER-cos(6) abhiingige Ver-
teilung fiir 800 nm bei der maximalen Fokusintensitit von etwa 107 W/cm? | (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 Vibrationszusténde fiir beide Molekiile
bei einer Laserintensitit von 10 W/cm?).

6.4.4 Interpretation der HeD'-Ergebnisse

Aus der Verschiebung der Zihlrate zu hoheren KER fiir HeD™ folgt, dass dieses Molekiil im
Vergleich zu HeH™ bei geringeren Kernabstinden ionisiert. Dies ldsst sich sehr gut mit dem
verdanderten Massenverhéltnis des Isotops erklaren.

Die gleichen Ladungszahlen der Atome bewirken, dass die Tonisationswahrscheinlichkeit bei
festen Kernabstidnden fiir beide Molekiile nahezu unverandert ist [192]. Die beobachteten Un-
terschiede miissen daher aus der verdnderten Kerndynamik infolge der unterschiedlichen Mas-
senverhéltnisse folgen.
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Abbildung 6.12: (a) Dipolmoment von HeH" und HeD* aus dem verwendeten TDSE-Modell
sowie fiir alle Isotope die Approximationen von 4/5R fiir ‘HeH™, 4/6R fiir *HeD™, 3/4R fiir
SHeH™ und 3/5R fiir SHeD™ (siehe Kap. 6.1.3), (b) Dipolmatrixelemente in Abh#ingigkeit des
Vibrationszustands fiir die Vibrationsanregung fiir alle Isotope basierend auf der Approxi-
mation der Dipolmomente, (¢) Dipolkopplungselemente aus (b) in Abhéngigkeit der Energie-
differenz zum Vibrationsgrundzustand v =0, die der Photonenenergie fiir eine 1-Photonen-
Vibrationsanregung entspricht. (d) Vibrationsperiode der Vibrationszustiande aller Isotope
ebenfalls in Abhéngigkeit der Energiedifferenz zum Grundzustand v = 0.

Die Massen der beiden Atome des linearen Molekiils beeinflussen iiber die Starke der Vibrati-
onsanregung, die Geschwindigkeit der Vibration und die Rotation den fiir HeH' beschriebenen

Tonisationsmechanismus.

Die Verinderung der Molekiilmasse von HeH" (=~ 5u) zu HeD* (= 6u) entspricht einer Mas-
sendifferenz von 20%. Die Grofe, die fiir die Molekiildynamik entscheidend ist, ist jedoch die
reduzierte Masse, p, = nﬁi{ﬁ% Der Unterschied der reduzierten Massen zwischen HeH™ (u,, =
4/5 = 0.8) und HeD™ (i, = 8/6 ~1.33) ist mit 67% erheblich grofer. Die Kerndynamik sollte

in HeD™ folglich um 67% langsamer als in HeH™ ablaufen.

Im Detail verdndert die reduzierte Masse die Anzahl und Lage der Vibrationszusténde (siehe
Abb.6.9 (c)). HeD™ hat mehr Vibrationszustinde und die Zustéinde mit gleichem Index liegen
im Vergleich zu HeH™ energetisch niedriger.

Die Kopplung zwischen den Vibrationsniveaus lésst sich iiber das Dipolmatrixelement (®;|d|®;)
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) lisst erwarten, dass die Vibrationszustéinde fiir HeD™ weniger effizi-
ent angeregt werden konnen (sieche Abb.6.12 (a)). Das Ergebnis der Kopplungsstérke ist in
Abb.6.12 (b) fiir alle vier Isotope abgebildet. Hierbei ist anzumerken, dass vor allem die Ei-
genschaften der Wellenfunktionen der Vibrationszusténde, die im Wesentlichen aus den redu-
zierten Massen folgen, entscheidenden Einfluss auf den berechneten Wert fiir die Kopplung

haben und das Ergebnis weniger vom Wert des Dipols abhéngt.

Um die Anregung der héheren Vibrationszusténde im Laserfeld zwischen den Molekiilen ver-
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gleichen zu kénnen, muss die Kopplung des Vibrationsgrundzustands mit den Zustinden be-
trachtet werden, die mit der verwendeten Photonenenergie fiir das jeweilige Isotop angeregt
werden konnen (siehe Abb.6.12 (c)). Fiir HeD™ sind dies bei 800 nm entsprechend der Pho-
tonenenergie von 1,55eV die Zustdnde v =7-12. Sei weisen eine um einen Faktor ca. 25
geringere Kopplung fiir HeD™ im Vergleich zu der Situation in HeH" auf. Dieses Ergebnis
sagt fiir HeD™ einen deutlich geringeren Transfer aus dem Vibrationsgrundzustand in die ho-
heren Zustidnde voraus und ist in Ubereinstimmung mit denen aus den TDSE-Simulationen
extrahierten Besetzungen der Vibrationszustédnde (siehe Abb.6.11 (c)).

Bei dieser Darstellung der Besetzungsverteilung der Zustande ist zu beachten, dass neben der
beschriebenen verdnderten Kopplung auch die grofsere Anzahl von Vibrationszustdnden in
HeD™ zu einer geringeren Hohe der Population einzelner Zustinde beitriigt. Dieser Effekt ist
aber vergleichsweise klein und nicht entscheidend fiir die geringere Besetzung der Zusténde in
HeD™.

Um den Unterschied der Kerndynamik fiir beide Molekiile herauszustellen, kénnen zusétzlich
die Vibrationsperioden der angeregten Vibrationszustidnde betrachtet werden. Ein Vergleich
der Vibrationsniveaus, die mit 800 nm Photonen fiir HeH™ bzw. HeD' am effektivsten an-
geregt werden konnen, ergibt Vibrationsperioden mit einer Dauer von 34 fs fiir HeH" (v=6)
und 43 fs fiir HeD™ (v =8) (siehe Abb.6.12 (d)). Es ist also nicht nur schwieriger, in HeD™ ein
Wellenpacket anzuregen, vielmehr ist, wenig iiberraschend, auch die Vibrationsschwingung
deutlich langsamer.

6.4.5 Vergleich der TDSE-Ergebnisse fiir HeD und HeH"

Die schwéchere Kopplung der Vibrationszustdnde und die langsamere Kernbewegung bewir-
ken, dass fiir HeD™ die Wahrscheinlichkeit einer Streckung des Molekiils zu grokem R inner-
halb der Pulsdauer reduziert ist. HeD™ muss also im Mittel bei kleinerem R ionisiert werden.
Das erfordert hohe Intensitdt und erkldrt die hoheren KER in der Messung.

Die TDSE-Simulationen (sieche Anhang 8.2) bestétigen diesen Effekt und geben gleichzeitig
weitere Details. Die zeitabhédngigen Verteilungen des gebundenen Teils der Kernwellenpakete
entlang R fiir HeH™ und HeD™ bei gleicher Laserintensitiit zeigen, dass sich fiir 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
fiir die beiden Molekiile sowohl ohne als auch einschlieflich der Intensitétsmittelung ge-

HeH* (10" Wicm?) 5 HeD* (10" Wicm?) p
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Abbildung 6.13: Zeitabhéngige Verteilung der Wellenfunktion, projiziert auf den elektroni-
schen Grundzustand aus der TDSE-Simulation: (a) HeH* bei 10'* W/cm?, (b) HeD™ bei
10 W/cm?.
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Abbildung 6.14: TDSE-Ergebnisse fiir die Einfachionisation fiir 800 nm fiir HeH™ und HeD™*:
(a-b) KER- und intensitatsabhingige Verteilung nach Mittelung iiber die Vibrationszustén-
den, aber ohne Intensitétsmittelung fiir HeH" und HeD™ (mit logarithmischer Skala und ohne
Normierung). (c-d) wie (a-b), aber mit Fokusmittelung und Normierung des Signals fiir jede
Intensitét(auf linearer Skala). Zu beachten sind die unterschiedlichen Achsen fiir die Inten-
sitdt. (a-b) zeigt die Intensitét direkt aus der Simulation, wihrend die Werte in (c-d) die

maximale Fokusintensitdt angeben.

geniibergestellt. Die TDSE-Ergebnisse ohne Intensitdtsmittelung und Normierung verdeut-
lichen, dass im Vergleich zu HeH™ fiir HeD™ die ITonisation, die bei Intensititen kleiner als
5-10'W /cm? von internuklearen Abstinden von 3 - 6 a.u. stammt, deutlich reduziert ist (sie-
he Abb.6.14 (a-b)). Fiir die Intensitatsmittelung entsprechend der experimentellen Parameter
und Normierung des Signals fiir jede Intensitét in (c-d) zeigen die Simulationsergebnisse, dass
fiir HeD™ nahezu kein Signal fiir KER < 9 €V auftritt.

Die Analyse der iiber R integrierten intensitétsabhéngigen lonisationswahrscheinlichkeit aus
der Simulation veranschaulicht, dass HeD™ im Vergleich zu HeH™ bei gleicher Intensitét ein
geringeres lonisationssignal erzeugt (siehe Abb.6.15). Der Unterschied betragt bei den nied-
rigen Intensitdten bis zu zwei Grofenordnungen. Bei hohen Intensitéten, fiir die die direkte
Ionisation ohne signifikante Streckung auftritt, gleichen sich die Ionisationswahrscheinlichkei-

ten an.
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Abbildung 6.15: Vergleich der intensitdtsabhéngi-
gen Ionisationswahrscheinlichkeiten von HeH™" und
HeD™' aus der TDSE-Simulation fiir die Einfach-
ionisation bei 800 nm. HeH™ weist eine erhéhte Ioni-
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6.5 Untersuchung der Doppelionisation

6.5.1 KER-Verteilung der Doppelionisation

Fiir Intensititen iiber 101 W/cm? wurde, sowohl fiir 800 nm als auch fiir 400 nm, zusitzlich
zur Einfachionisation auch die Doppelionisation von HeH™ beobachtet.

Die gemessenen KER-abhéngigen Spektren sind in Abb. 6.16 dargestellt. Die KER-Verteilung
hat ihr Maximum bei 14 eV und reicht bis zu 27eV. Auffillig ist die selbst im Vergleich zur
Einfachionisation enorme Breite des KER-Spektrums.

Um Einblicke in den Doppelionisationsprozess zu erlangen, kann dhnlich 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 Kernabstdnde R; und Rj relevant, die den Abstdnden bei dem ersten und
dem zweiten Ionisationsschritt entsprechen (siche Abb.6.16 (b)).

Die KER nach der Doppelionisation ergibt sich aus der Summe der Energien, die die Frag-
mente nach dem ersten Ionisationsschritt (KER; = R% — R%) auf der Born-Oppenheimer-
Potentialkurve von HeH?* und nach dem zweiten Ionisationsschritt auf HeH?™ (KERq ~ R%)
erlangen. Fiir die gesamte Energie der Fragmente folgt KERp; = KER; + KER» QJ’R% + R%'
Da sowohl R; als auch Rs unbekannt sind, kann von der gemessenen KERpr nicht direkt auf

die beteiligten Kernabstéinde geschlossen werden.

@ (b) HeH’(X:E*')
+ +
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Abbildung 6.16: Doppelionisation fiir HeH™: (a) KER-abhiingige Verteilung der Doppelionisa-
tion fiir 800 nm und 400 nm, (b) Potentiale fiir HeH* und HeH?* mit Weg der Doppelionisa-
tion (rote Pfeile). Der erste Ionisationsschritt findet bei R; statt, der zweite lonisationsschritt
bei Ry ist liber einen grofien Bereich von Kernabstdnden verteilt.

Aus den Beobachtungen der Einfachionisation ist bekannt, dass der erste lonisationsschritt
bei KERgy ~ 11 €V gesiittigt ist. Mit Ry ~ (KERp; — KERgy) ™! erhiilt man eine Abschiitzung
fiir den Kernabstand am zweiten Tonisationsschritt. Das Maximum des KER-Spektrums nach
Doppelionisation entspricht einem Ro ~9a.u. Fiir den groften KER-Wert von 27eV ergibt
sich unter Nutzung des grofiten Wertes der Einfachionisation von 16 eV ein Ry ~2.4 a.u.

Folglich findet der erste Ionisationsschritt in einem kleinen Bereich von Kernabstinden statt,
die zweite Ionisation aber ist iiber einen weiten Bereich von Kernabsténden verteilt. Zwischen
800nm und 400nm konnen fiir die Doppelionisation nur geringe Unterschiede festgestellt
werden. So ist die Zahlrate fiir 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 Laserintensitét
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bei 400 nm erklart werden. Wie bei der Einfachionisation ist das Signal bei geringeren KER
fiir 400nm im Vergleich zu 800 nm vermindert, wiahrend 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 Lo-
sung der TDSE mit zwei Elektronen. Fiir die wenig realistische Situation fester Kernabstidnde
analysierten Dehghanian et al. die Ergebnisse der TDSE fiir HeH™ [181].

Die Beriicksichtigung der Kerndynamik ist derzeit fiir die Doppelionisation bei hohen Laser-
intensititen, wie sie bei der Fragmentierung des HeH™ notig sind, nicht mdglich. Daher muss
ein anderer Ansatz zur theoretischen Behandlung gewahlt werden. Wie in Kap. 4 und Kap. 5.3
kénnen semiklassische Simulationen Einblicke in den Ablauf der Doppelionisation gewéhren.
Eine erfolgreiche Variante solcher semiklassischen Modelle ist das sogenannte Dressed-Surface-
Hopping (DSH) von Dr. Lun Yue aus der Arbeitsgruppe von Prof. Stefanie Gréfe (Institut fiir
Physikalische Chemie Jena) [208]|. Dabei werden die Kerne als klassische Teilchen behandelt,
die sich im Laserfeld unter Beriicksichtigung des permanenten Dipolmoments und der Polari-
sierbarkeit auf den instantanen Potentialfliichen des HeH™ und der héheren Ladungszustinde
bewegen. Diese auf Trajektorien basierende Simulation startet mit einer Anfangsverteilung
von klassischen Teilchen, die aus den quantenmechanischen Zustinden von HeH™' im gebun-
denen Potential gewonnen werden. Quasistatische Ionisationsraten, die vom Kernabstand R
und der Orientierung der Molekiile zum Laserfeld abhéngen, bestimmen die Wahrscheinlich-
keit fiir Ubergiinge zwischen den Ladungszustinden [209; 210].

Der Ansatz hat, neben der Fihigkeit der Beschreibung der Doppelionisation, den Vorteil, dass
er die Rotation des Molekiils und die Abhéngigkeit der Ionisation von der Orientierung des
Molekiils im Laserfeld behandelt. Dabei kann auch die Anfangsrotation der Molekiile aus der
Ionenquelle mit einer Temperatur von ungefihr 3400 K beriicksichtigt werden [191; 196].
Aufgrund der klassischen Behandlung werden allerdings einige quantenmechanische Effekte
vernachléssigt. Dazu gehoren die Anregung von Vibrationszustédnden (siehe Kap. 6.3.2), Loch-
frafs [198] und die Beriicksichtigung von angeregten elektronischen Zustanden (siehe Kap. 6.3.4).

6.5.3 Vergleich von Messung und Simulation

Wihrend die Ergebnisse der DSH-Simulation fiir die Einfachionisation fiir geringe Intensitédten
aufgrund der fehlenden Vibrationsanregung grofere Abweichungen vom Experiment aufwei-
sen, ist die Ubereinstimmung der Ergebnisse der Einfach- als auch der Doppelionisation fiir die
hohen Intensitéten, die fiir die Doppelionisation relevant sind, sehr gut (sieche 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. Fiir eine gute Ubereinstimmung des Maximums der KER-Verteilung
reicht in der Simulation die Wahl einer deutlich geringeren Intensitét (1,4, = 6-101% W /cm?)
aus, da durch den Effekt der Volumenmittelung auch das gemessene Doppelionisationssignal
iiberwiegend von geringeren Intensitdten als der maximalen Fokusintensitit 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-abhéngigen
Verteilungen nach Einfachionisation (rot) und Doppelionisation (griin) fiir I~ 1017 W /cm? mit
den entsprechenden Ergebnissen der DSH-Simulationen (1,4, = 6-10'> W /cm?) (gestrichelte
Linien), (b) Gemeinsame Verteilung der Kernabstinde der ersten und zweiten Ionisation der
Doppelionisation aus der DSH-Simulation. (c-d) Simulierte Ionisationszeiten des ersten und
zweiten lonisationsschrittes. Die graue Kurve zeigt den Betrag des elektrischen Feldes.

Die Haufigkeit der Doppelionisation in Abhéngigkeit der Kernabstinde R; und Rs zeigt in
Ubereinstimmung mit den vorangegangenen Abschitzungen, dass der erste Ionisationsschritt
bei Ry ~2a.u. konzentriert ist, wihrend der zweite lonisationsschritt iiber einen groften Be-
reich von Kernabsténden zwischen 4 a.u. und 20 a.u. stattfindet (siche Abb.6.17 (b)).
Auffallig ist, dass die Maxima der Zdhlrate entlang diagonaler Linien angeordnet sind. Dies
bedeutet, dass in Abhéngigkeit der ersten lonisation bei R; die darauffolgende, zweite Ioni-
sation bei bestimmten Kernabstdnden Rs eine erhohte Wahrscheinlichkeit aufweist. Dies ist
bemerkenswert, da die lonisationszeitpunkte mehrere Laserzyklen voneinander entfernt liegen.
Das zweite Elektron wird im Mittel 10 fs nach dem ersten Elektron durch das Laserfeld vom
Molekiil emittiert (siehe Abb.6.17(d)). Die Doppelionisationshiufigkeit in Abhéngigkeit von
t1 und t9 in Abb.6.17 (c) zeigt, dass auch hier Diagonalen erhohter Haufigkeit auftreten.
Zentral fiir die Beobachtungen fiir Ry 2 und ¢; ist die Tatsache, dass die Ionisationswahr-
scheinlichkeit an den Extrema des elektrischen Feldes am héchsten ist. Wird das erste Elektron
bei t; und bei einem Kernabstand R; ionisiert, fithrt das zu einer Erhéhung des Kernabstands
R des ionisierten Molekiils entsprechend der Bewegung auf der Potentialfliche von HeH?™.
Dabei sinkt das Ionisationspotential (siehe Abb.6.7 (b)) fiir grofsere Kernabstinde und er-
moglicht den zweiten lonisationsschritt zu einem spéteren Zeitpunkt im selben Laserpuls. Die
zweite lonisation hat aber wie der erste Schritt die hochste Wahrscheinlichkeit an den Maxima
des Laserfeldes. Der Abstand At = t9 — t; zwischen beiden Ionisationsschritten ist deshalb

mit hoher Wahrscheinlichkeit ein ganzzahliges Vielfaches der halben Periodendauer. Damit
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folgen die diagonalen Haufigkeitsmaxima in der ti-to-Verteilung.

Bei genauer Betrachtung fillt auf, dass benachbarte Diagonalen sowohl fiir das ¢; —¢5 als auch
fiir das Rj-Ro-Histogramm alternierende Intensitdten haben. Dies ist auf die Asymmetrie
des Molekiils zuriickzufithren. Die Tunnelionisationswahrscheinlichkeit ist in Richtung des
Wasserstoffkerns erhéht. Daher hingt die Tonisationswahrscheinlichkeit vom Vorzeichen des
elektrischen Feldes ab. In den Fillen der maximalen Doppelionisationswahrscheinlichkeit ist
der Abstand At = t3 —t; zwischen beiden Ionisationsschritten ein ganzzahliges Vielfaches der
ganzen Periodendauer.

Diese Kopplung der Zeitpunkte ¢; und t5 manifestiert sich in den Diagonalen im Ri-Rs-
Histogramm, da die festen Zeitdifferenzen At bestimmen, wie weit sich das Molekiil ausgehend
von Ry zu Ry am Zeitpunkt der zweiten Ionisation o gestreckt hat. Nach der Beschleunigung
auf der Potentialkurve von HeH?* findet der zweite Ionisationsschritt bevorzugt an den Ry
statt, die wieder an einem Maximum des Feldes erreicht werden.

Die beschriebene Dynamik iibertrigt sich nicht auf die in der Messung zuginglichen KER-
Werte nach der Doppelionisation. Es ist jedoch moglich, dass sich bei Verwendung von Laser-
pulsen mit ldngerer Wellenldnge oder mit Pump-Probe-Experimenten diese Effekte direkt in
den gemessenen KER-Verteilungen nachweisen lassen.

Zusammenfassend kann festgestellt werden, dass die Ubereinstimmung 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 moglicherweise auch von Effekten beeinflusst
werden, die in der Simulation nicht beriicksichtigt sind. Neben der Rolle der Vibrations-
anregung ist dies auch die erhdhte Ionisation iiber angeregte elektronische Zustédnde (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 ermoglichte es dabei, quantenmechanische Vorgénge zeitaufgeldst in fundamen-
talen Ein- und Zweielektronensystemen zu studieren.

Eine herausragende Eigenschaft quantenmechanischer Teilchen ist die Fahigkeit, durch klas-
sisch verbotene Gebiete zu tunneln. Um ein besseres Versténdnis dieses Prozesses zu erlangen
und insbesondere Erkenntnisse iiber eine Tunnelzeit zu gewinnen, wurden in dieser Arbeit
zum ersten Mal Experimente fiir die Ionisation des Ion des Heliumatoms in elliptisch po-
larisierten Laserfeldern durchgefiihrt. Das He™ ermdglicht es, den Tunnelvorgang an einem
Einelektronensystem und ndher 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 Abhéngigkeit
der Feldstirke ermdglicht. Es zeigt sich, dass die Elektronenemissionswinkel fiir He™ deutlich
kleiner sind als fiir typischerweise verwendete Atome mit geringerem Ionisationspotential oder
Ladungszustand. Fiir He™ spielen nichtadiabatische Effekte aufgrund des geringen Keldysh-
Parameters eine verschwindende Rolle. Die Ergebnisse sind in guter Ubereinstimmung mit
Losungen 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, konnen technische Verbesserungen, wie die
Verwendung von Lasern mit hoheren Repetitionsraten, dazu beitragen, fiir Experimente mit
geringer Targetdichte, wie den lonenstrahlversuchen, eine Erhdhung der Ereignisraten und
damit der verfiigbaren Statistik der gemessenen Impulsverteilungen zu ermoglichen.

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 mdogliche Abwei-
chungen vom Modell des sequentiellen Ionisationsmechanismus in elliptisch polarisierten La-
serfeldern zu identifizieren, wurde fiir das Ionenstrahlexperiment eine Ladungsaustauschzelle
entwickelt, sodass neben Ionen auch, durch Neutralisation erzeugte, Atome fiir Starkfeldexpe-

91
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rimente zur Verfiigung stehen. Erste Experimente mit intensiven Laserpulsen demonstrierten,
dass der erzeugte neutrale Atomstrahl aus einer Mischung aus Atomen im Grundzustand und
in Rydberg-Zustéanden besteht.

In einer weiteren Untersuchung wurden experimentell gewonnene lonenimpulsverteilungen
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 lonisationsschritte in der
sequentiellen Doppelionisation durch die starke Abhéngigkeit der Ionisationsrate von der La-
serfeldstérke 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 Ubereinstimmung mit experimentellen Daten beobachtet. Die charakteristische 6-Peak-
Struktur der gemessenen lonenimpulsverteilung wird in einem sehr spezifischen und engen
Parameterbereich reproduziert und zeigt, wie empfindlich die sequentielle Doppelionisation
auf die Einhiillende 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 Molekiils untersucht. Bislang diente das
symmetrische und unpolare Wasserstoff-Molekiilion H; stets als Modell und Ansatzpunkt fiir
die Theoriebildung in der Starkfeldphysik. In dieser Arbeit erfolgte erstmals eine Untersuchung
des asymmetrischen Heliumhydridmolekiilions HeH", dem grundlegendsten polaren Molekiil,
in starken Laserfeldern.

Fiir symmetrische Molekiile wird die Starkfeldfragmentierung meist als Folge der Streckung
des Molekiils durch laserinduzierte elektronische Anregung interpretiert. Im Kontrast dazu
zeigen sowohl Experiment als auch Theorie fiir die Ionisation von HeH™, dass hier die direkte
Vibrationsanregung die entscheidende Rolle spielt. Die Dynamik dieses extrem asymmetri-
schen Molekiils steht im Gegensatz zu den bekannten symmetrischen Molekiilen und gibt
interessante Einblicke in das Verhalten asymmetrischer Systeme.

Das permanente Dipolmoment in HeH™ erlaubt die direkte Kopplung von Vibrationszustin-
den. Fiir 800 nm werden durch Einphotonenabsorption héhere Vibrationszustinde besetzt, die
zur Streckung des Molekiils vor der Ionisation fithren. Aufgrund der héheren Photonenenergie
ist dieser Mechanismus bei Verwendung von 400 nm-Laserpulsen nicht moglich und in den
Messungen werden in diesem Fall hohere KER-Werte beobachtet.

Neben der Wellenléingenabhiingigkeit der Ionisation von HeH' wurde der Einfluss des Mas-
senverhiltnisses im Molekiil durch die Untersuchung des Isotops HeD" demonstriert, welche
nur durch die Ausnutzung des Massendefektes der verschiedenen Fragmente von HeD™ und
D3 moglich war. Die héhere Masse von HeD™ resultiert in einer geringeren Streckung des
Molekiils und erkldrt die Beobachtung entsprechend hoherer KER nach der Ionisation.

Fiir 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 lonisierungsschritt
auftritt, sowie die Entwicklung der Bindungslénge vor der Entfernung der Elektronen zu be-
stimmen.

Eine Untersuchung der Dissoziation des HeH™, die fiir die in dieser Arbeit genutzten Photo-
nenenergien keine Rolle gespielt hat, kann in zukiinftigen Experimenten die Verwendung von
Laserpulsen mit langeren Wellenldngen erméglichen [175; 176]. Weiterhin ist es aufgrund der
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besonderen Ladungs- und Massenasymmetrie fiir das HeH™ vor allem interessant, die Frag-
mentationsprozesse durch die Subzyklenform der Laserpulse zu steuern. Diese Experimente
sind mit Zweifarben-Laserpulsen oder CEP-aufgelésten Messungen realisierbar [12; 211].

Fiir die genauere Analyse der in der vorliegenden Arbeit diskutierten Rolle der laserinduzier-
ten Vibrationsanregung in HeH™ wiren Experimente vielversprechend, in denen das Molekiil
vor der Laserinteraktion durch Kiihlung in einer Zajfman-Ionenfalle in den Vibrationsgrund-
zustand gebracht wird [212; 189].



Kapitel 8

Anhang

8.1 Separation der Schrodingergleichung in parabolischen Ko-

ordinaten

Das Wasserstoffatom und alle wasserstoffartigen Atome besitzt eine Symmetrie, die es er-
moglicht die Schrodingergleichung fiir ein im Coulomb-Potential gebundenes Elektron unter
Nutzung der parabolischen Koordinaten zu separieren [33; 31].

Die Schrédingergleichung fiir ein Ein-Elektron-System in einem homogenen elektrischen linear

polarisierten Feld lautet
<;A+Ip+f—EZ>¢:0- (8.1)
Die parabolischen Koordinaten (&, 7, ¢) konnen aus den kartesischen {iber
E=r+z
n=r—z
o= arctan% (8.2)

und umgekehrt

x = \/Encos p

y=Ensing
1

z= 5(5*77)

r= VAT A= L) (83)

berechnet werden. Fliachen mit & = 0 und n = 0 beschreiben Rotationsparabolide. Der
Laplaceoperator hat in parabolischen Koordinaten folgende Gestalt:

4 0 0 0 0 1 9?2
A=t [ag (ﬁas) o (”anﬂ T 0g 8.4

Die Schrédingergleichung lautet dann
4 0 aw) a(aw)] 1 0%y ( 27 K )
— | )t (s )| T =55 2 b+ ——= - F (- =0. (85
£+77[3§< o¢) "o \"on né 09 phare 2y (85)
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Der Ansatz fiir die Eigenfunktionen v hat die Form ¢ =
magnetische Quantenzahl bezeichnet.

ﬁfl(é)fa(n)eim‘ﬁ, wobei m die

Damit fiihrt die Separation zu den Gleichungen

2
() + (Ze- G- 5e) = -

de \" d¢ 1€ 4
d [ df\ (I, m® E.,\,
dn<77dn>+<2pn—4n+477>f2——ﬁ2f2

B+ B2 = Z. (8.6)

Werden diese Gleichungen im Rahmen der Storungstheorie fiir kleine Feldstdrken E gelost,
ist das Ergebnis die Bindungsenergie E'p des Wasserstoffatoms im elektrischen Feld in zweiter
Néherung mit den parabolischen Quantenzahlen n; und ns

12* 3 _n E?pt

+ fE—(m — 7”L2) —

Ep=—-2_
B on2 "2z

[17n% — 3(ny — n2)? — 9m? +19] + O(E3). (8.7

16 22

Die Energie ergibt sich aus der Summe der ungestorten Energiewerte und dem linearen Stark-
effekt sowie dem quadratischen Starkeffekt. Da nur fiir das wasserstoffartige Atome die Zu-
stande mit verschiedenen [-Werten (bei gleicher Hauptquantenzahl n) entartet sind, erfahren
die Niveaus des Wasserstoffatoms auch eine zur ersten Potenz des Feldes proportionale Auf-
spaltung.

Fiir das Wasserstoffatom folgt damit [213]

1 3 3
Eg=——-+-F—°
B *3 2

5 E? + O(E®). (8.8)

Darunter versteht man eine zur elektrischen Feldstirke E proportionale Aufspaltung der Ter-
me beim Wasserstoff oder wasserstoffahnlichen Atomen.

Der quadratische Effekt ist negativ, d.h. er fiihrt zur Absenkung der Energie. Die Starkeffekte
sind zu n? bzw. n® proportional. Der Effekt wird daher umso stirker, je weiter das Elektron
vom Kern entfernt ist, da dabei das Dipolmoment des Atoms grofer wird. Gleichzeitig nimmt
der Absolutbetrag der Energie bei steigender Hauptquantenzahl schnell ab. Zu beachten ist,
dass die Stérungsrechnung nur fiir Storungen giiltig ist, die klein gegen die Energie der Niveaus
sind.

Die Gleichungen 8.6 kénnen iiber die Substitution fi = x1/v€ bzw. fo = x2//n in die
Gleichungen

d? I 2.1 E
X1+ 7p+ﬂ1_m7_7§
de? 2 ¢ 4€2 4
d? I 2.1 E
><22+<p+52 m _ >
dn 2 ¢ 4nm 4

iberfithrt werden, die dann die Form eindimensionaler Schrédinger-Gleichungen annehmen.

x2 =0 (8.9)

Die potentielle Energie lésst sich zu

Bi(E) m?—1 Bt
T T T

V1(£7E) =

Bo(E) m?—-1 E
Va(n,E) = — 22(n)+ & —% (8.10)
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ablesen. Die Gesamtenergie eines Teilchens wird dabei durch I,,/4 représentiert. Der Verlauf
der Potentiale ist in Abb. 8.1 dargestellt. In parabolischen Koordinaten findet die Tonisation in
Richtung der n-Koordinate statt. Fiir hohe Feldstiarken entsteht entlang 7 ein zweiter Bereich,
in dem die Bewegung des Elektrons erlaubt ist. Das Elektron kann durch den dazwischen

liegenden Potentialwall tunneln [33].
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Abbildung 8.1: Verlauf der Potentiale V4 und V3 in elliptischen Koordinaten fiir m = 0.

Mit der Beschreibung des Tunnelprozesses mit dem Potential V5 kann die Position des Tun-

nelausganges in parabolischen Koordinaten iiber Va(n,, E) = —{f bestimmt werden [32]. Dies

liefert eine kubische Gleichung, die fiir n, << W folgende Losung hat,

Ne = % <Ip + \/M) : (8.11)

sodass sich der Tunnelausgang nach der Umrechnung in kartesischen Koordinaten an der Stelle

Tle 1 \/27
= —E = (Ip++/I2 —45,F 8.12
ze 2 2E< P B2 ) ( )

befindet. Dabei folgt die Separationskonstante aus 8o = Z — (1— | m |)\/1,/2[214].
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8.2 Das Modell fiir HeH" der TDSE-Simulation

In diesem Kapitel wird das Modell der TDSE-Simulationen von HeH™ beschrieben, die fiir 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 durchgefiihrt.
Die zeitabhiingige Schrédingergleichung (siehe Kap. 2.8) fiir HeH™ in voller Dimensionalitét
zu losen, ist mit derzeitiger Computertechnolgie nicht durchfiithrbar. Daher ist es neben klas-
sischen oder semiklassischen Ansétzen ausschliefslich moglich, die zeitabhingige Schrédinger-
gleichung in eingeschrinkter Dimensionalitdt zu behandeln.

Fiir das HeH™ wurde ein eindimensionales Modell zur Lésung der zeitabhéngigen Schrodinger-
Gleichung in der Ein-Elektron-N&herung implementiert. Das Modell 16st die gekoppelte ein-
dimensionale Bewegung der Kerne und des Elektrons im Laserfeld. Die Laserpolarisation ist
entlang der Molekiilachse ausgerichtet.

Aufgrund der reduzierten Dimension wird die Rotation des Molekiils vernachldssigt. Die Ein-
Elektron-Naherung ermdoglicht nur die Beschreibung der Einfachionisation.

In diesem Fall lautet die zeitabhéngige Schrédingergleichung
8¢}($’ R’ t)
ot

wobei Hy der feldfreie Hamiltonian mit k = (My + Z1 + Z2)/(My + 1), A = (Z1 M3 —
ZQMl)/MN lautet:

ih = (Ho + (kz + AR)eE(t)) ¥(z, R, t), (8.13)

e 2 Jw+ M2R)? 4 (R)
e (8.14)
+‘/}OH(R) -

V(@ = MR)2 + as(R)

Dabei sind z,p und R, P die Koordinaten und Impulse des aktiven Elektrons sowie des Kern-
abstandes. M; and Z; sind die Kernmassen und die effektiven Ladungen des Helium und
Wasserstoffions mit My = M7 + Ms.

Es wird angenommen, dass das inaktive Elektron am Heliumkern lokalisiert ist ( Z1 = Z3 = 1).
Dabei ist Vion(R) die potentielle Energie fiir das Entfernen des aktiven Elektrons und damit
der Grundzustand der Born-Oppenheimer-Potentialenergiekurven von HeH?™.

Die Parameter des modifizierten Potentials a;(R) wurden so gewéhlt, dass sie fiir alle Kern-
abstidnde die zwei niedrigsten Born-Oppenheimer-Potentialkurven (siehe Abb.6.1) reprodu-
zieren. Das modifizierte Potential ist am Heliumkern tiefer als am Wasserstoftkern.

Als Folge der reduzierten Dimensionalitét 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 fiir R <2 a.u.
nicht ganz mit dem in voller Dimensionalitdt berechneten Dipolelement von Loreau et al.
tiberein [194].

Als Initialzustand fiir die Zeitentwicklung wurden die Vibrationseigenzustinde v =0-5 im
elektronischen Grundzustand von Hy gewdhlt 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-abhéingige Wahr-
scheinlichkeitsverteilung nach der Einfachionisation bestimmt.
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Abbildung 8.2: TDSE-Simulation fiir 1-10* W/cm? und 800 nm mit 30 fs Pulsdauer: (a) Zeit-
abhéngige Verteilung der Wellenfunktion, projiziert auf den elektronischen Grundzustand, (b)
Zeitabhéngige Verteilung der Wellenfunktion, integriert fiir alle R.

Um den Vergleich der Simulationen mit den Messergebnissen zu gewahrleisten, wurden die
KER-abhingige Wahrscheinlichkeitsverteilung iiber die Anfangsvibrationszustandsverteilung
gemittelt. Dazu wurden die Ergebnisse von Loreau et al. genutzt, die die Vibrationsverteilung
fiir 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 unabhéngig
von den Geometrieparametern der Duoplasmatronquelle ist, sich aber stark fiir verschiedene
Arten von Ionenquellen unterscheidet.

Weiterhin wurden die simulierten KER-Verteilungen entsprechend der experimentellen Bedin-
gungen iiber die Intensitéitsverteilung im Laserfokus gemittelt [75]. Dabei wurde die TDSE-
Simulation mit Intensitéiten von bis zu 106 W /cm? durchgefiihrt. Fiir hohere Intensitéiten ist
zu beachten, dass die Beitrége 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 fiir die Erzeugung von Femtosekundenlaserpulsen durch.
Dies begriindet sich in den zahlreichen Vorteilen von Ti:Saphir als Lasermedium. Dazu zahlt
vor allem deren hohe Verstarkungsbandbreite [217]. Diese Technologie trug mafgeblich 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-
starkung gechirpter Pulse (engl. Chirped Pulse Amplification, CPA)[218].

8.3.1 Lasersystem

Dieses Kapitel bietet einen Uberblick iiber das Lasersystem in dem Labor des Lehrstuhls
fiir Nichtlineare Optik der Friedrich-Schiller-Universitit Jena, welches fiir die Experimente in
dieser Arbeit genutzt wurde.

Eine Abbildung {iber 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 Verstirkungsprozess
die Laserpulse in einem auf Modensynchronisation mittels Kerr-Linse basierenden Ti:Saphir-
Laseroszillator erzeugt. Dieser Oszillator verfiigt auch iiber die Moglichkeit, die Carrier-
Envelope-Phase (CEP, dt. Tréger-Einhiillenden-Phase) der Laserpulse zu stabilisieren. Die
Pulsenergie betrigt an dieser Stelle einige nJ bei einer Pulsdauer von sub-10fs und einer Re-
petitionsrate von 77,9 MHz. Vor der Verstirkung werden diese Pulse mit einem Glasblock als
Strecker auf einige ps gestreckt. Die Verstirkung geschieht in einem auf ca. 182K gekiihlten
9-Pass-Verstarker, der mit 532 nm-Pulsen bei einer Energie von ca. 9mJ gepumpt wird.
Nach den ersten vier Péssen wird die Repetitionsrate mit Hilfe einer Pockelszelle auf 4 kHz
reduziert. Ein akustooptischer Modulator (Fastlite Dazzler) ermoglicht die Kontrolle der spek-
tralen Amplitude und Phase der Laserpulse. Nach weiterer Verstdrkung in den Péssen fiinf
bis neun betragt die Pulsenergie ca. 1 mJ und ein Gitterkompressor komprimiert die Laserpu-
le auf ca.25fs bei einer Zentralwellenléinge von ca. 780 nm. Von den emittierten Laserpulsen
werden 90% der Energie in eine 1 m lange, mit Edelgas gefiillte Hohlfaser gesendet, um durch
nichtlineare spektrale Verbreitung Few-Cycle-Laserpulse mit Pulsdauern von ca.5fs 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 Verstéirkersystem moglich ist.

Vor der Hohlfaserkompression werden 10% der Pulsleistung iiber einen Strahlteiler ausge-
koppelt und als Seed fiir ein zweites Verstirkersystem zur Erzeugung hoéherer Pulsenergien
verwendet. Dieses Verstarkersystem stammt von der Firma Thales. Eine weitere Pockelszelle
reduziert die Repetitionsrate auf 1kHz. Die Seed-Pulse werden mit einem Offner-Strecker auf
ca. 300 ps gestreckt [219]. Durch die zahlreichen Reflexionen auf den Gittern und Spiegeln hat
der Strecker nur eine Transmissionseffizienz von ca. 30%. Daher verstirkt ein wassergekiihlten
Vorverstéarker (Booster) die nJ-Pulse, bevor sie in den Hauptverstirker gesendet werden, auf
ca. 1 mJ. Der Vorverstarker wurde von der Firma Thales als 2-Pass-Verstarker konzipiert, der
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mit ca. 11 mJ bei 532nm gepumpt wird. Erst danach erfolgt die Verstdrkung in dem Haupt-
verstirker, der von ca. 45mJ gepumpt und im Betrieb mit kyrogener Kiihlung auf ca. 61K
gekiihlt wird. Die Pulse mit einer Energie von 13,5mJ werden abschliefend in einem Kom-
pressor mit Goldgittern mit einer Transmissionseffizienz von 82% komprimiert, sodass Pulse
mit ca. 11 mJ bei einer Pulsdauer von ca. 33fs fiir Experimente zur Verfiigung stehen.

Um eine bessere Kontrolle der spektralen Phase und Amplitude zu ermdglichen, wurde wih-
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 Vorverstérkers von einem 2-Pass- in einen 4-Pass-
Verstarker. Die Inbetriebnahme des akustooptischen Modulators bietet bei gleicher Pulsener-
gie des Gesamtlasersystems durch eine optimierte spektrale Phase einen dramatisch besse-
ren Pulskontrast und die Moglichkeit, das Spektrum der Laserpulse zu manipulieren (siehe
Kap.8.3.2).

Fiir den Grofsteil der Experimente, die in dieser Arbeit vorgestellt werden, wurden die 800 nm-
Pulse des Thales-Lasersystems verwendet. Die Laserpulse des Thales-Lasersystem koénnen
wahlweise auch in einen optisch parametrischen Verstirker Topas der Firma Light Conver-
sion gesendet werden. Dies ermdglicht iiber verschiedene Stufen der nichtkolliniaren Diffe-
renzfrequenzerzeugung die Verwendung von Laserpulsen mit langeren Wellenlénge im Bereich

zwischen 1,1 pm und 10 pm [221].

Femtopower Thales Topas
: 1kHz
Oszillator —  Strecker —>  Dazzler Pockelszelle Booster
Kompressor <— 9-Pass-Verstarker Dazzler Kryo-Verstarker ‘ Topas ‘
1mJ 4kHz .
Offner-Strecker Kompressor

o Signal | Idler
800nm 1100- 1600-
800nm 800nm @31fs 1600nm| 2200nm
@5fs @25fs

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 zusétzlich installiert. Um die Verluste in der

Pulsenergie nach dem Dazzler auszugleichen erfolgte der Umbau des Vorverstérkers (Booster)
(siehe Kap. 8.3.2).

8.3.2 Formung von Laserpulsen mit einem akustooptischen Modulator

Dieses Kapitel beschreibt die Motivation fiir die Formung der Laserpulse mit einem akusto-
optischen Modulator sowie die Umsetzung fiir das vorhandene Lasersystem.

Methoden fiir Formung von Laserpulsen sind weit verbreitet und finden zahlreiche Anwen-
dungen. Sie sind ein hilfreicher Bestandteil von Lasersystem zur Erzeugung und Optimierung
von ultrakurzen Laserpulsen und ermdoglichen interessante Experimente, z.B. in der kohdrenten
Kontrolle von quantummechanischen Prozessen. Von besonderem Interesse ist die Moglichkeit,
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einen Pulsformer direkt zur Beeinflussung der Ergebnissen eines Experiments zu nutzen, z.B.
zur Begiinstigung eines bestimmten Reaktionspfades oder Maximierung eines Messsignals.
Diese Moglichkeit bietet neben andern Methoden ein akustooptischer Modulator, wie es von
Tornois 1996 vorgeschlagen wurde [222]|. Dieser Modulator beruht auf dem akustoptischen
Effekt, der die Kopplung zwischen zwei optischen Moden in einem Kristall ermdglicht. 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 gewdhlt, sodass durch die Interaktion Licht in den orthogonalen
Polarisationszustand tiberfiihrt wird. Jede Frequenz des einfallenden optischen Pulses pro-
pagiert im Kristall bis sie auf eine phasenangepasste rdumliche Frequenz des akustischen
Gitters trifft. Liegt Phasenanpassung vor, dann wird ein Teil der Energie dieser optischen
Frequenz gebeugt[224]. Die Uberlagerung aller gebeugten Frequenzen ergibt den Laserpuls,
der den akustoptischen Modulator verldsst. Der gebeugte Puls wird von dem rdumlichen In-
tensitétsprofil der akustischen Welle kontrolliert. Neben dem gebeugten Strahl, der sowohl
in Amplitude und Phase verdndert ist, verldsst der nichtgebeugte Anteil des eingehenden
Laserpulse, fiir den es keine Phasensteuerung gibt, den Kristall.

Somit ist eine vollstédndige Kontrolle der Phase und Amplitude des gebeugten Impulses durch
Steuerung der akustischen Phase und Leistungsspektren mdoglich. Der akustooptischer Modu-
lator kann in einem Lasersystem die Phase der emittierten Pulse, die von einer fehlerhaften
Anpassung der Beitrige zur Dispersion eines CPA Lasersystems beeinflusst werden, korrigie-
ren sowie Verluste der Bandbreite, die aus dem Verstarkungsprozess folgen, vorkompensieren.
Ein akustooptischer Modulator hat dabei den Vorteil, dass er iiber eine kompakte Grofse ver-
fligt, leicht in bestehendes Lasersystem zu integrieren ist und grofte Flexibilitdt durch die
Programmierung bietet. Eine andere héufig verwendete Methode zur Kontrolle der spektralen
Amplitude und Phase ist ein rdumlicher Modulator fiir 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.
Fiir das in Kap.8.3.1 beschriebene Lasersystem verfiigt in der urspriinglichen Version nur
das erste Verstarkersystem iiber 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 ermdéglicht es die spektrale Phase und Amplitude

von ultrakurzen Laserpulsen zu kontrollieren.

Im Rahmen dieser Arbeit wurde an der Erzeugung von Few-Cycle-Pulse mit héherer Pulsener-
gie unter Nutzung der Laserpulse des 1-kHz-Lasersystems (Thales, siche Abb.8.3 gearbeitet.
Dazu wurde in das vorhandene Lasersystem ein zweiter Dazzler eingebaut, mit dem Ziel,
die Kontrolle der spektralen Intensitdt und Phase der Laserpulse des Thales-Lasersystems
unabhéngig vom Femtopowersystem zu ermdglichen. Dies ist eine Vorraussetzung fiir 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 Offner-Strecker und dem Booster-
Vorverstirker. 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 urspriingliche Polarisationsrichtung im Lasersystem beibehalten

werden.
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Die limitierte Beugungseffizienz von ca. 40% des Dazzlers fiihrt zu einer geringeren Pulsener-
gie, die als Seed fiir den Verstarker zur Verfiigung steht. Diese Verluste an Seedenergie miissen
kompensiert werden, um die urspriingliche Ausgangsleistung von ca. 10 mJ des Lasersystems
auch mit der Installation des Dazzler beizubehalten. Um dies zu erreichen, erfolgt ein Umbau
des nachfolgenden Booster-Verstirkers. In der urspriinglichen Form weist der Strahlengang
durch im Booster-Verstarker zwei Durchgidnge durch einen mit wassergekiihlten Verstarker-
kristall auf, wobei der Seed-Laserstrahl mit einer Linse mit f=500 mm in den Kristall fokussiert

wird.

Mit der Ersetzung eines Spiegel durch einen zweiteiligen Spiegelhalter, der zwei Spiegel mit
einem Durchmesser von 1/2 Zoll trégt und eines zusétzlichen Fokussierspiegels mit f = 15 cm,
konnte der Strahlengang so gedndert werden, dass der Booster-Verstirker nun vier Durch-
gange durch den Verstarkungskristall aufweist (sieche Abb. 8.4). In der alten Version mit zwei
Verstarkungsdurchgéngen wurde bei einer Pumpleistung von 11 W die Seedenergie von auf
800 uJ verstdrkt. Mit dem neuen Aufbau konnte bei gleicher Pumpleistung die emittierte
Leistung auf 2mJ gesteigert werden, sodass die Effizienz des Verstdrkers stark erhéht wurde.
Eine Verringerung der Pumpleistung auf 9mJ beugt Schéden an den optischen Elementen
aufgrund zu hoher Leistung vor.

Mit der Modifikation des Booster-Verstéirkers konnte nach der Inbetriebnahme des Dazzler
die gleiche Verstarkung des Hauptverstarkersystems und gleiche Pulsenergie der emittierten
Laserpulse des gesamten Lasersystems sichergestellt werden.
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Input 0 Pumpstrahl

V 1200 o
o

1000 - /./ 4
800 4
=
\ 600 / E
Hohlspiegell =

400 =

: " Output
— Eingehender Strahl 2 2004 ]
—— Strahl zwischen 2. und 3. Pass 10.02
4

Ti:sa

Ausgangsleistung [pJ]

— Auslaufender Strahl o

T T T T T T
0 10 20 30 40 50 60

Eingangsleistung [uJ]

Abbildung 8.4: Verdnderter Aufbau des Booster-Vorverstérkers: (a) Schematischer Aufbau
des Verstirkers mit vier Durchgéngen durch das Verstérkermedium. Ein Hohlspiegel und ein
Doppelspiegelhalter (grauer Rahmen) wurden hinzugefiigt, um den Strahlengang zwischen
dem 2. und 3.Pass (rote Markierung) zu erméglichen. (b) Ausgangsleistung des Vorverstérkers
in Abhéingigkeit der Eingangsleistung fiir 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 fithrt das Ausfithren der Optimierung zu l&ngeren Pulsdauern, was vermutlich durch
die komplizierten Transmissionseigenschaften der Elementen zwischen Dazzler am Eingang
des Verstéarkersystems und der Wizzlermessung am Ausgang des Verstirkers begriindet ist.



8. Anhang 103

Insbesondere der Verstiarkungsprozess und die Kompression im Kompressor, bei der durch die
Propagation an Luft schon Selbstphasenmodulation auftritt, stellten nichtlineare Beitrage der
Propagation dar, die die Optimierung erschweren.

Wird jedoch eine geringe Amplitude der Feedbackstérke ausgewéhlt, mehrmals wiederholt und
zu Beginn der Prozedur nur geringe Pulsenergien von unter 7mJ ausgewahlt, dann fiihrt 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 Intensitét 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 héherer 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 Grofenordnung 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 Gaufsfunktion ermittelt wurden,
zeigt, dass die Pulsdauer der Hauptpulses dabei leicht von 33,3fs auf 34,6 fs angewachsen
ist. Da die Pulsenergie durch den erhéhten Pulskontrast besser im Hauptpuls konzentriert
ist, konnen durch die Optimierung jedoch hoéherer Intensitéten erreicht werden. Dies zeigte
sich im Lasersystem dadurch, dass bei der Verwendung des optisch-parametrische Verstéirker
(TOPAS, siehe Abb.8.3) eine hohere Konversionseffizienz erreicht werden konnte.

Insbesondere ein guter Pulskontrast ist fiir alle Experimente der Starkfeldphysik wiinschens-
wert, da Vorpulse entscheidend die Dynamik von Prozessen wie der lonisation von Atomen
und die Fragmentierung von Molekiilen veréindern konnen (vgl. dazu Kap.5.3).

8.3.2.2 Kontrolle der spektralen Amplitude

Fiir zeitaufgloste Experimte werden Laserpulse mit méglichst kurzer Pulsdauer bendtigt. Auch
fiir die Erzeugun von Few-Cycle-Laserpulsen durch spektrale Verbreitung mit Hilfe von Edel-
gas gefiillten Hohlfasern, siehe Kap.8.3.3 ist eine Mindestbandbreite der Laserpulse wiin-

schenswert.

Vor allem fiir Verstirkersystem mit hoher Verstirkung tritt eine Verringerung der Bandbrei-
te als Folge des Verstarkungsprozesses (engl. Gain narrowing) auf, da die Verstdrkung nicht
iiber den gesamten Spektralbereich stattfindet, sondern von wellenldngenabhéngigen Verstér-
kungsprofil des Lasermediums, in diesem Fall Ti:sapphier, abhéngt [225]. Obwohl Ti:sapphier
es ermoglicht mit Hilfe von Laseroszillatoren Pulse von unter 10 fs zu er erzeugen, haben Ver-
starkersysteme mit Pulsenergien >1mJ typischerweise eine Verstarkungsbandbreite von ca.
40nm, was Pulsdauer von 24 fs entspricht [225].

Um diesen Effekt zu kompensieren, ist es moglich mit dem Dazzler die spektrale Amplitude der
Eingangslaserpulse zu verdndern. Die Pulsmanipulation mit Dazzler kann realisiert werden,
indem in der Reflektionsamplitude des Dazzlers ein Loch erzeugt wird. Durch Position, Stirke
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 fiihrt
zu Verstidrkung von Vor- und Nachpulsen.

Zudem hat die verringerte Leistung des Seedlaserpulses geringe Leistung nach dem Verstar-
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(a) Pulscharakterisierung vor der Optimierung
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Abbildung 8.5: Pulscharakterisierung mit Wizzler: (a) Vor der Optimierung der Phase zeigt
der zeitliche Verlauf der Intensitédt auf einer linearen (links) und einer logarithmischen (Mitte)
Skala, dass dem Hauptpuls ein Vorpuls mit einer Amplitude voraus 10% geht. Ein Fit einer
Gaukfunktion 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 30fs nach Kompression nur eine Pulsenergie von 8 mJ. Fiir
28 fs betrigt die Energie 7,4mJ, fiir 26,5fs 6,8 mJ und fiir 25fs nur 5,7mJ. Diese Verluste
konnten jedoch &hnlich wie bei der Modifikation des Booster-Verstirkers leicht wieder durch
einen weiteren Pass durch das Verstdrkungsmedium kompensiert werden.

Es existieren auch andere Methoden zur Verdnderung der Pulsform. Diese bieten allerdings
keine so grofe Flexibilitdt und Kontrolle verschiedener Parameter. So kann auch die Installa-
tion einer doppelbrechende Quarzplatte in Kombination mit einem Polarisator im Verstérker
die verstérkte Bandbreite erh6hen [226].
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Abbildung 8.6: Pulsmanipulation mit Dazzler: (a) Mit einem Loch in der Reflektionsamplitude
des Dazzlers mit einer Stérke von 0.5 bei einer Wellenléinge von 782nm 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 Hohe des Vor- und Nachpulses (links und Mitte) wieder
verstérkt. (b) Wird das Loch auf eine Stérke von 0.9 und einer Breite von 100 nm erhoht,

kann die Pulsdauer des Hauptpulses auf 25 fs vermindert werden.

8.3.3 Erzeugung von Few-Cycle-Laserpulse durch kohirente Kombination

8.3.3.1 Einleitung

Von besonderem Interesse fiir die Untersuchung sehr schneller Vorgénge, wie der Elektro-
nenbewegung in Atomen und Molekiilen, sind ultrakurze Laserpulse, deren Pulsdauer nur
wenigen optischen Zyklen entspricht. Gerade die Bereitstellung solcher Few-Cycle-Laserpulse
mit hoher Pulsenergie ist fiir viele Anwendungen sehr wichtig, vor allem fiir die Erzeugung
hoherer Harmonischer (HHG) [10] und die Attosekundenphysik [227; 228]. Zur Charakteri-
sierung des zeitabhéngigen elektrischen Feldes von Few-Cycle-Laserpulse stellt die Trager-
Einhiillenden-Phase (engl. Carrier-Envelope-Phase, CEP) eine wichtige Grofe dar. Die Un-
tersuchung von Vorgéngen in Abhéngigkeit der Carrier-Envelope-Phase (CEP) bieten ein
wichtiges Testfeld fiir das Verstdndnis und mdgliche Ansédtze fiir die Kontrolle der Licht-
Materie-Wechselwirkung.
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Da in den meisten Fillen nicht ein CEP-stabiles Lasersystem genutzt werden kann, muss die
CEP fiir jeden Laserschuss parallel zum Experiment gemessen werden. Nur dann ist es méglich,
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 fiir
die Messung der CEP ebenfalls ein Teil der Laserpulsenergie benétigt wird, stellt die ver-
fiigbare Pulsenergie fiir viele Experimente einen limitierenden Faktor dar. So wird ein grofer
Aufwand betrieben, um die Energie von Pulsen mit geringer Pulsdauer zu skalieren. Auch im
Rahmen dieser Arbeit wurde an einer Moglichkeit gearbeitet, intensive Few-Cycle-Laserpulse
auch fiir die in Kap. 3.1 beschriebenen Ionenstrahlexperimente verfiighbar zu machen, da die
Ionisation von lonen besonders hohe Intensititen erfordert. Dazu wurde die kohérente Kom-

bination von Few-Cycle-Laserpulsen getestet.

8.3.3.2 Kohirente Kombination von Few-Cycle-Laserpulsen

Die Erzeugung von Few-Cycle-Laserpulsen basiert auf der spektralen Verbreiterung durch
Selbstphasenmodulation (SPM) in einer mit Edelgas gefiillten Hohlfaser [162]. Diese Tech-
nik wird routineméfig in einer grofen Anzahl von Experimenten eingesetzt. Dennoch sind
die erreichbaren Energien typischerweise in der erreichbaren Pulsenergie auf ca. 1 mJ limi-
tiert [230]. Der Grund dafiir ist die Selbstfokussierung und Ionisation am Fasereingang, die zur
einer verringerten Fasertransmission und schlechteren spektralen Verbreiterung fiithrt. Ein An-
satz, um diese Limitierungen zu iiberwinden, stellt die Verringerung der Intensitdt am Punkt
der hochsten Intensitdt am Eingang der Faser dar. Dies kann durch eine lange Fokussierung
in Kombination mit einer langen Hohlfaser bei Verwendung eines Druckgradienten, die durch
eine differentielle Pumpstufe einen geringeren Gasdruck am Fasereingang bereitstellt, ermdg-
licht werden [231]. Damit wurde die Erzeugung von 5-mJ-Few-Cycle-Pulsen in 2,2m langen
Hohlfasern demonstriert [230].

Eine andere Moglichkeit bietet die kohédrente Addition von separat verbreiterten Pulsen. Der
ankommende Laserpuls wird dabei in mehrere identische Repliken aufgeteilt. Die rdumlich
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 fiir die Erhhung
der Pulsenergie von Faserlasern eingesetzt [232]. Die Grundidee dieses Ansatzes ist, durch
die Aufteilung der Pulsenergie die Nichtlinearitdten hoherer Ordnung und lonisation, die
die Effizienz der Pulskompression erheblich einschrénken, zu reduzieren. Die Teilung des Ein-
gangslaserpulses in N-Repliken reduziert die Spitzenintensitéit in der Hohlfaser um den Faktor
N. Dies kann eine kontrollierte spektrale Verbreiterung jeder einzelnen Pulskopie ermoglichen,

bevor diese zu einem einzigen hochenergetischen Puls kombiniert werden.

Um die Aufteilung des eingehenden Pulses in mehrere Kopien fiir das DPNLC zu erreichen,
gibt es zwei Verfahren. Dazu konnen doppelbrechende Kristalle verwendet werden, wobei die
Differenz 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 Verzogerung 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
Verzogerung ist nur gering. Fiir grofere Verzogerungen bietet es sich an, die Aufteilung iiber
einen Interferometeraufbau zu realisieren. Dabei miissen 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 durchgefiihrt, um die Eignung der kohé-
renten Kombination von durch Hohlfaserkompression erzeugten Few-Cycle-Pulses zu testen.
Dieses Experiment wurde mit Unterstiitzung von Arno Klenke aus der Arbeitsgruppe von Prof.
Limpert (Institute of Applied Physics Jena) durchgefiihrt. Die Durchfiihrung und Auswertung
war Teil der Masterarbeit von Yinyu Zhang [235]|. Daher wird hier nur eine Zusammenfassung
iiber die Ergebnisse gegeben. Zu beachten ist, dass diese Experimente vor der Installation
eines Dazzlers in das Thales-Lasersystem durchgefiihrt wurden.

8.3.3.3 Experiment zur kohirenten Kombination

Teilung Kombination

g SPiegel I YN

7 [ 2 —
Hohlfaser
R WP

Hansch-Coulliaud .

Detektor qQwp

HWP Output

Abbildung 8.7: Aufbau des Experimentes zur kohérente Kombination von Few-Cycle-
Laserpulsen: Je ein Interferometer bestehend aus Halbwellenplatten(HWP), Viertelwellenplat-
ten(QWP) und Diinnschichtpolarisatoren(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 1kHz genutzt. Zwei verschiedene Mach-Zehner-Interferometer wurden zum Aufteilen und
Kombinieren der Laserpulse eingesetzt. In jedem Interferometer wurde ein Paar identischer
Diinnschichtpolarisatoren (TFP) zur rdumlichen Teilung und Rekombination verwendet.

Im ersten Interferometer wird der ankommende linear polarisierte Laserpuls in zwei orthogonal
polarisierte Pulskopien aufgeteilt, die durch eine Verzdgerung 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 reflektiert wurde, durchlduft eine Viertelwellenplatte (QWP) doppelt, wihrend er
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unter senkrechtem Einfall von einem durch einen Piezo motorisierten Spiegel reflektiert 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 reflektiert wird. Danach werden beide Pulskopien mit orthogonaler Polarisation,
die zeitlich separiert sind, sich aber nun wieder kollinear ausbreiten, mit einem Hohlspiegel
mit einem Kriimmungsradius von 2,5m auf den Fasereingang fokussiert.

Die Hohlfaser hat einen inneren Durchmesser von 300 um und eine Linge von 1 m. Die
Kammer der Faser wurde mit Neon bei einem konstanten Druck gefiillt.

In dem Interferometer fiir die Teilung weisen die Strahlenwege unterschiedliche Dispersion auf,
da der eine Arm zwei Durchginge 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
zusétzliche Glaskeile positioniert. Die Verzogerung zwischen beiden Pulsen, die sich aus der
Wegstreckendifferenz im Interferometer ergibt, betragt 830 ps. In die Faser wird zuerst der
Puls mit der s-Polarisation und spéter der Puls mit der p-Polarisation eingekoppelt.

Nach Kollimation mit einem Silberspiegel, welcher einen Kriimmungsradius von 2,5m auf-
weist, werden die Laserpulse im zweiten Interferometer kombiniert. Zuerst dreht eine breit-
bandige Halbwellenplatte den Polarisationszustand beider Pulse, sodass der verzogerte Puls
vom TFP reflektiert und auf den Interferometerarm mit der kiirzeren Wegstrecke gelenkt
wird. Der erste Puls wird vom TFP transmittiert und erfihrt die lingere Wegstrecke, um
die Zeitdifferenz zwischen beiden Pulsen zu kompensieren. Wieder wird in beiden Armen des
Interferometers der Polarisationszustand mittels Halbwellenplatten rotiert, sodass eine raum-
liche Kombination nach dem letzten TFP erreicht wird. Die genaue Anpassung der optischen
Wegléngendifferenz zwischen beiden Interferometern stellt die zeitliche Kombination der bei-
den Pulse sicher. Die TFP (Layertec), die fiir die Kombination verwendet werden, erfordert
einen Einfallswinkel von 75° und unterstiitzt 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 Hansch-Colliaud-Detektors [237]
reflektiert. Das erzeugte Fehlersignal wird fiir die Riickkopplung iiber 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
Doppelwinkelkonfiguration (engl. double-angle chirped mirrors) (Ultrafast Innovations) kom-
primiert, die per Reflexion eine Dispersion von -50fs? beziehungsweise insgesamt -400 fs? er-
zeugen. Die Optimierung der Dispersion geschieht iiber 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-field
Reconstruction) der Firma APE gemessen.

8.3.3.4 Ergebnisse

Nach einer Aufteilung der Pulse im ersten Interferometer hat jeder Puls ungefihr die Half-
te der Fingangsenergie, da die Verluste im ersten Interferometer sehr klein sind. Trotz des
verwendeten Ansatzes der Aufteilung der Pulse wurden fiir diese Experimente nicht die ge-
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samte Leistung des Lasersystems genutzt. Wurden Pulse mit einer Energie von 1.3 mJ fiir
die Aufteilung verwendet, betrug bei einem Druck von 2.3 bar Neon die Gesamtenergie nach
der Faser 900 pJ (450 pJ in jeder Pulskopie). Dies ergibt eine Transmissionseffizienz von
ca. 70 % und ist ein typischer Wert fiir ein Hohlfaseraufbau. Nach der Kombination der Pulse
betrug die Pulsenergie 600 pJ. Dies entspricht einer Kombinationseffizienz von ca. 66 %. Die
Pulsdauer des kombinierten Pulses betrug 10,5 fs (siehe Abb.8.8 (a)).

Fiir 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 Effizienz der
Faser schon aufgrund der hohen Intensitdt vermindert war. Fiir diese Bedienungen betrug die
Energie nach der Kombination 0,84 mJ bei einer Kombinationseffizienz 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 Uberla-
gerung der Strahlen konnte verifiziert werden, dass die Stabilisierung der Interferometerlingen
durch den Héansch-Colliaud-Detektor funktionierte.

Damit wurde gezeigt, dass der Ansatz der Divided Pulse Nonlinear Compression (DPNLC)
fiir die Hohlfaserkompression von Few-Cycle-Pulsen mdoglich 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 Verhéltnis zu dem grofsen technischen Aufwand
und dem komplexen Aufbau mit einer Vielzahl auf Few-Cycle-Pulse optimierten Optiken. Die
Effizienz ist vor allem limitiert durch die vielen bendtigten optischen Elemente, die alle fiir eine
grofse Bandbreite von 200-300 nm ausgelegt sein miissen und iiber diesen grofsen spektralen
Bereich merkliche Verluste aufweisen. Die kritischen Elemente sind die breitbandigen TFPs,
die eine mittlere Reflektivitdt von 83 % besitzen. Ein weitere Schwierigkeit des Experimentes
war, dass die Kombination von Interferometer und Hohlfaser sehr hohe Anforderungen an die
Stabilitédt der Strahllage setzt.
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Abbildung 8.8: Spidermessung von Few-Cycle-Puls nach Kombination: (a) Kombinierte Puls-
energie von 600 pJ. Die ermittelte Pulsdauer betrégt 10,8+0.2fs. (b) Kombinierte Pulsenergie
von 800 uJ. Die ermittelte Pulsdauer betragt 7,5+0.2fs.

Zudem konnten die Pulsdauern nicht wie erwiinscht auf etwa 5 fs komprimiert werden. Dies
erklirt sich durch die vergleichsweise lange Eingangspulsdauer von 35 fs, sodass fiir 5 fs ei-
ne Verbreitung des Spektrum um einen Faktor 7 noétig ist. Typischerweise wird mit einem
einzelnen Faseraufbau eine Verbreiterung um einen Faktor 5 erreicht. Dabei wurde auch be-
obachtet, dass die spektrale Phase bei héheren Driicken in der Hohlfaser durch die eingesetzten



8. Anhang 110

gechirpten Spiegel nicht vollstdndig kompensiert werden konnte. Durch den spéter 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-
NLCQ) fiir die Hohlfaserkompression von Few-Cycle-Pulsen demonstriert werden. Dieses Kon-
zept kann leicht auf hohere Pulsenergien skaliert werden. So konnen léngere 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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