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1 Einleitung

Die Kenntnis der Struktur von Atomen und Molekiilen ist eine essentielle Grundlage fiir
viele Bereiche der Physik, der Chemie und der Biologie, und auch fiir viele weitere Wis-
senschaften und industrielle Anwendungen. Der aktuelle Stand der Kenntnis verdankt
sich in erster Linie der Methode der Spektroskopie, bei der die Wechselwirkung der zu
untersuchenden Materie mit Licht analysiert wird. Die vielen verschiedenen Varianten,
die im Laufe der Zeit entwickelt wurden, lassen sich grob in zwei Kategorien untertei-
len. Bei Methoden der Absorptionsspektroskopie wird untersucht, welchen Anteil eines
angebotenen Spektrums die zu untersuchende Probe absorbiert. Bei Methoden der Emis-
sionsspektroskopie hingegen wird eine Probe zunichst auf irgendeine Weise angeregt, und
anschlieflend die spektrale Zusammensetzung der daraufhin ausgesandten Strahlung ana-
lysiert. Auch die Photoelektronenspektroskopie [1], bei der das Spektrum der von einer
Probe nach Ionisation emittierten Elektronen untersucht wird, kann als eine Variante
dieser Kategorie aufgefasst werden.

Heutzutage werden viele Formen der Spektroskopie mit Lasern durchgefiihrt, da mit
diesen extrem schmalbandige Strahlungsquellen realisiert werden kénnen, welche die Ge-
nauigkeit spektroskopischer Messungen enorm verfeinern kénnen. Dariiber hinaus ist es
moglich, mit Lasern zuvor ungekannte Intensitdten zu erzielen, in denen sich vollig neue
Aspekte der atomaren Struktur auftun. Schliefflich bieten Laser auch die Méglichkeit, Pul-
se von solch kurzer Dauer zu formen, dass es damit moglich ist, die ultraschnellen Prozesse
zu verfolgen, die in Atomen und Molekiilen ablaufen. Zwar kann auch aus der spektralen
Information bereits die ablaufende Dynamik abgeleitet werden, wie zum Beispiel die Be-
stimmung der Lebensdauer eines elektronischen Zustands aus dessen Linienbreite, doch ist
dies in vielen Fallen praktisch nur schwer durchfithrbar, wenn die Spektren beispielswei-
se sehr dicht sind, und einzelne Linien uberlappen. Der direkte Zugriff auf die zeitliche
Doméne kann somit experimentell eine wertvolle, zusétzliche Perspektive erdffnen, um
dynamische Prozesse zu untersuchen.

Die hierfiir bendtigten ultrakurzen Laserpulse lassen sich von ausgereiften, kommer-
ziellen Systemen im infraroten (IR) Spektralbereich herstellen. Pulse von solch kurzer
Dauer bis hinein in den Rontgenbereich lassen sich zwar auch mit in der Entwicklung
befindlichen ,Freie Elektronen Lasern“ (FEL) erzeugen [2], doch handelt es sich dabei
um Grofiforschungseinrichtungen, die nur mit entsprechendem Aufwand betrieben wer-
den konnen, und deren Verfiigbarkeit fiir die meisten Forschungsgruppen nur sehr einge-
schrinkt ist. Eine Moglichkeit, die vorteilhaften Eigenschaften von ultrakurzen IR-Pulsen
mit vergleichbar wenig Aufwand auf kurzwelligere Pulse zu iibertragen, ergibt sich durch
eine Methode der Frequenzkonversion, die als ,,Erzeugung hoher Harmonischer® (HHG)
bekannt ist [3, 4], und auch in dieser Arbeit zum Einsatz kam. Damit stehen ultrakurze
Pulse im extrem ultravioletten (XUV) Spektralbereich zur Verfiigung, welche dariiber
hinaus auch mit den erzeugenden IR-Pulsen synchronisiert sind. Durch die kurzen Puls-
dauern, den groflen spektralen Umfang und die guten Kohéarenzeigenschaften bei gleich-
zeitig relativ einfacher Verfiigbarkeit stellt die {iber den HHG-Prozess erzeugte Strahlung
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im XUV-Spektralbereich eine einzigartige Quelle fiir spektroskopische Untersuchungen
dar. Mit dieser sind zeitaufgeloste Messungen moglich, bei denen ein atomares System
durch den XUV-Puls angeregt, und dieser Zustand anschliefend von dem intensiven IR-
Puls abgefragt wird [5], oder auch umgekehrt [6]. Fortschritte in der Lasertechnologie
werden es in naher Zukunft auch ermoglichen, dass durch den HHG-Prozess so intensive
XUV-Pulse erzeugt werden, dass diese sowohl fiir die Anregung, als auch fiir die Abfrage
des Systems verwendet werden koénnen [7].

Ultrakurze Laserpulse weisen stets ein breites Spektrum auf. Wird ein atomares System
durch einen solchen Puls angeregt, geschieht dies hiufig in eine Uberlagerung mehrerer
Figenzusténde, die dann ein Wellenpaket bilden. Bei der Propagation eines solchen Wel-
lenpakets kommt es zu Schwebungsphdnomenen, die als Quantenschwebungen bezeichnet
werden. Durch anschlielende, zeitverzogerte Ionisation des Systems konnen diese Quan-
tenschwebungen nachgewiesen werden. Fiir den Fall der spektral duflerst dicht liegenden
Vibrationseigenzustande in Molekiilen ist der Effekt lange bekannt [8], und auch in ato-
maren Systemen konnte er beobachtet werden [9]. Mit der Verfiigharkeit von ultrakurzen
XUV- und IR-Pulsen ist es nun moglich, auch die groflen Energieabstéinde der Quan-
tenzustdnde in Edelgasen in dieser Hinsicht zu untersuchen, und auch in einem solchen
Szenario wurden Quantenschwebungen bereits nachgewiesen [10]. In dieser Arbeit wird
nun untersucht, wie aus der Analyse solcher Quantenschwebungen Informationen iiber
die ablaufende Dynamik von Wellenpaketen in angeregten Zustdnden von atomaren Sys-
temen gewonnen werden kénnen.

In Kapitel 2 werden zunéchst einige Grundlagen der Theorie zur Beschreibung von ato-
maren Systemen in starken Laserfeldern im sogenannten Starkfeldregime rekapituliert.
Darunter versteht man eine Intensitit der Laserstrahlung, bei der die quantenmecha-
nische Beschreibung der Wechselwirkung mit Materie nicht mehr durch Stérungstheo-
rie erfolgen kann. Fiir die verwendete IR-Laserstrahlung liegt dieser Bereich bei etwa
10** — 10 W /cm?. Diese Beschreibung ist fundamental fiir die Erzeugung hoher Har-
monischer der IR-Laserstrahlung, und hat somit grofle Bedeutung fiir die Konstruktion
der in dieser Arbeit verwendeten Quelle fiir kohdrente XUV-Strahlung.

Die konkrete Realisierung dieser Quelle ist dann zusammen mit den weiteren Bestand-
teilen der experimentellen Apparatur in Kapitel 3 dargestellt. In dieser Arbeit wurde
ein Aufbau konstruiert, bei dem die Pulse der verwendeten IR-Laserstrahlung zunéchst
auf zwei Teile aufgeteilt, und anschliefend kollinear weiter gefiihrt wurden. Ein Teilpuls
wurde dann fiir die Erzeugung des XUV-Anregungspulses verwendet, der andere als IR-
Abfragepuls fiir die spektroskopischen Untersuchungen. Zentrale Anforderungen waren
hier die Stabilitat dieser Pulsaufteilung und die Moglichkeit einer exakten Kontrolle iiber
die relative Verzogerung zwischen den beiden Teilen. Die eigentlichen spektroskopischen
Untersuchungen fanden letztendlich mit Hilfe eines eigens konstruierten Elektronenspek-
trometers statt, das auf dem Prinzip der magnetischen Flasche basiert [11]. Dieses er-
moglicht eine hohe Auflésung bei gleichzeitig hoher Detektionseffizienz.

Die in dieser Arbeit vorgenommenen Messungen konzentrierten sich auf die Analy-
se von Quantenschwebungen, die bei Zwei-Photonen-Ionisationsprozessen von Edelgasen
auftreten. Zundchst wurde in Kapitel 4 untersucht, welchen Einfluss eine inneratoma-
re Dynamik in gebundenen Zustédnden auf die Auspridgung von auftretenden Quanten-
schwebungen hat. Die inneratomare Dynamik wird dabei durch einen externen Laserpuls
getrieben. Im untersuchten Fall war dies der Ionisationspuls selbst. Es wurde ein theo-



retisches Modell aufgestellt, das die auftretenden Effekte beschreiben kann, und anhand
von Messungen an Neon als Modellsystem die Giiltigkeit des Modells iiberpriift. In dem
konkret untersuchten Fall des Neon-Atoms konnte eine Kopplung der angeregten Zustéan-
de nachgewiesen werden, die von der Intensitidt des Ionisationspulses abhingt, und zu
neuen Quantenschwebungsfrequenzen fithrt, die in dem einfachen Fall ohne eine solche
Kopplung nicht auftreten kénnen. Die Arbeit demonstriert, dass eine inneratomare, von
auflerhalb getriebene Dynamik durch den beschriebenen Prozess in das lonisationskon-
tinuum abgebildet wird, und durch sorgfiltige Analyse der dort auftretenden Quanten-
schwebungen Informationen iiber diese Dynamik extrahiert werden kénnen. Es wird hier
somit eine Moglichkeit vorgestellt, experimentellen Zugriff auf einen Prozess zu erhalten,
der Experimentatoren ansonsten verborgen bleibt.

In Kapitel 5 schlieBlich wurde eine experimentelle Technik entwickelt, um in einem
atomaren System die zeitliche Entwicklung eines elektronischen Wellenpakets im Ioni-
sationskontinuum zu verfolgen, das Beitrdge von Fano-Resonanzen enthélt. Dabei han-
delt es sich um spektrale Strukturen des lonisationskontinuums, die durch den Einfluss
von diskreten Konfigurationen in dem betreffenden Energiebereich erkliart werden [12].
Die Dynamik eines Wellenpakets im Ionisationskontinuum, die unter Einbeziehung von
solchen Fano-Resonanzen ablduft, ist Gegenstand aktueller Forschung [13]. Die Grund-
lage der experimentellen Technik zur Untersuchung dieser Dynamik ist hier wieder ein
zweistufiger Tonisationsprozess mit XUV- und IR-Laserpulsen, wobei der XUV-Puls das
zu untersuchende Wellenpaket prapariert, und mit dem IR-Puls dessen Dynamik dann
abgetastet wird. Das fiir die konkreten Untersuchungen in dieser Arbeit gewéhlte Mo-
dellsystem ist das Krypton-Atom. Die durchgefiihrten Experimente zeigen, dass die Io-
nisationswahrscheinlichkeit des Kontinuumswellenpakets nach der Anregung exponentiell
abnimmt, was durch Autoionisation der beteiligten diskreten Konfigurationen erklart wer-
den kann. Zusétzlich zeigt sich auf der exponentiellen Abnahme noch eine Oszillation,
die auf der Interferenz von Beitrédgen des Wellenpakets aus zwei unterschiedlichen Fa-
no-Resonanzstrukturen beruht. Es wurde ein theoretisches Modell aufgestellt, das dabei
hilft, die beobachteten Effekte nachzuvollziehen. Danach ist eine der Fano-Resonanzen
auf eine diskrete Konfiguration zuriickzufiihren, bei der ein Elektron aus einer inneren
Unterschale angeregt ist, wihrend die andere Resonanz auf der gleichzeitigen Anregung
zweier Elektronen aus der &ufleren Valenzschale beruht. Mit der hier entwickelten Technik
konnte zum ersten Mal experimentell die Interferenz zwischen Anteilen in einem Elek-
tronenwellenpaket beobachtet werden, die so fundamental unterschiedlichen Charakter
haben.






2 Theoretische Grundlagen: Atome in starken
Laserfeldern

Die Phanomene der Wechselwirkung von Licht und Materie theoretisch zu beschreiben
ist in den meisten Féllen nicht analytisch moglich, so dass fast immer auf Ndherungen
zuriickgegriffen werden muss. Solche Naherungen haben beziiglich einiger Parameter stets
nur einen gewissen Geltungsbereich. Bei der Anwendung der theoretischen Modelle zur
Beschreibung von Experimenten muss daher der Geltungsbereich immer iiberpriift wer-
den.

Der Parameter, mit dem die Giiltigkeitsbereiche der einzelnen Modelle beispielsweise
festgelegt werden, ist die Lichtintensitéit. Bei sehr geringen Intensitdten miissen Methoden
der Quantenoptik zur Beschreibung herangezogen werden, das heifit, auch das Lichtfeld
muss quantisiert beschrieben werden. Mit Ultrakurzpulslasern sind jedoch Intensitétsbe-
reiche zugénglich, in denen der Photonenfluss so hoch ist, dass eine Wechselwirkung mit
Materie keine signifikante Anderung in der Besetzung der Zustinde im Lichtfeld mehr
bewirkt. In diesem Fall kann auf eine quantisierte Beschreibung des Lichtfelds verzichtet,
und dieses als klassische elektromagnetische Welle aufgefasst werden. Solche Lasersysteme
wurden bei allen in dieser Arbeit durchgefithrten Experimenten verwendet.

Da die auf atomarer Skala vorherrschenden inneren elektrischen Felder von betrachtli-
cher Grofe sind, lésst sich das oszillierende Feld eines Laserpulses in einem weiten Inten-
sitdtsbereich noch als kleine Stérung des atomaren Felds auffassen. Wie weit sich dieser
Bereich erstreckt, hédngt zusdtzlich noch von der Oszillationsfrequenz ab. Der magnetische
Anteil des Laserfelds hat erst bei weit grofleren Intensitédten einen signifikanten Einfluss,
und kann zunéchst vernachléssigt werden. Ist die Beschreibung des Laserfelds als kleine
Storung zuldssig, wird zur Beschreibung der auftretenden Phénomene eine Standardme-
thode der Quantenmechanik, die Storungstheorie, herangezogen. Von dieser Naherung
wird zum Beispiel in den Abschnitten 4.2 und 5.2 Gebrauch gemacht.

Abhéngig von der Laserfrequenz kann ab einer bestimmten Intensitdt die auf das Atom
wirkende elektrische Feldstdrke jedoch nicht mehr als klein betrachtet werden, und der
Geltungsbereich der Stérungstheorie wird verlassen. Die Beschreibung der Dynamik in
diesem sogenannten Starkfeldbereich erfordert andere Methoden, welche in diesem Ka-
pitel vorgestellt werden. Die dabei verwendeten Bilder erkldren insbesondere auch das
Phénomen der Erzeugung hoher Harmonischer der Frequenz der Laserstrahlung, wel-
che letztendlich den Schliisselmechanismus hinter dem zentralen Werkzeug dieser Arbeit
darstellt, der Quelle fiir ultrakurze XUV-Pulse.

2.1 Tunnelionisation

Um die elektrische Feldstédrke abzuschétzen, die auf atomarer Skala vorherrscht, kann
man sich das anschauliche Bohrsche Modell des Wasserstoffatoms vor Augen fiihren. Die
Feldstérke, die ein Elektron im Fall der Kernladung Z = 1 im Abstand eines Bohrschen



2 Theoretische Grundlagen: Atome in starken Laserfeldern

Radius vom Kern erfihrt, betrigt ~5,1 x 10°V/cm. Solch hohe Feldstirken werden in
den Maxima der Oszillation Ej eines linear polarisierten Laserstrahls der Frequenz w,

E(t) = Eycos (wt), (2.1)

mit einer Intensitdt von ~3,5 x 10'® W/cm? erreicht. Jedoch schon bei ~ 10 W /cm?
betragt die maximale Feldstéirke etwa 5% des oben abgeschatzten atomaren Wertes. Bei
hinreichend kleinen Frequenzen der Laseroszillation ist die Storungstheorie zur Beschrei-
bung der Wechselwirkung der Lichtwelle mit dem Atom fiir Intensitdten in diesem Bereich
nicht mehr anwendbar, und der Giltigkeitsbereich der Starkfeld-Dynamik beginnt.

Fiir die Beschreibung der Photoionisation in diesem Intensitétsbereich wird als Ver-
einfachung nur ein einzelnes aktives Elektron betrachtet (,,single active electron approxi-
mation®; SAE-Ndherung). Die Vorginge lassen sich dann gut anschaulich darstellen. Da
das externe elektrische Feld des Lasers von dhnlicher Gréflenordnung wie das atomare
Coulombfeld ist, wird das atomare Potential von dem Potential des Laserpulses deutlich
deformiert. Das aus der Uberlagerung resultierende effektive Potential alterniert dann
mit der Laserfrequenz w. In Abbildung 2.1(a) ist dieses als blaue Potentialkurve zu einem
festen Zeitpunkt im Maximum der oszillierenden elektrischen Feldstéirke schematisch dar-
gestellt. Fiir das gebundene Elektron ergibt sich hier eine endliche Barriere, die es von
einem ungebundenen Kontinuumszustand trennt. Die Quantenmechanik erlaubt es, dass
das Elektron diese Barriere mit einer gewissen Wahrscheinlichkeit durchtunneln kann, und
das Atom somit ionisiert wird. Entsprechend wird dieser Vorgang als Tunnelionisation
bezeichnet [14].

Dieses Bild gilt allerdings zunéchst nur fiir Wasserstoffatome in einem statischen elek-
trischen Feld der Feldstarke Ejy. Durch Mittelung der Tunnelrate fiir die momentane
Feldstarke E(t) iber eine komplette Laseroszillation kann es jedoch auf den quasistati-
schen Fall eines langsam oszillierenden Felds erweitert werden. Durch die Verwendung von
effektiven Quantenzahlen wird die Giiltigkeit dann auch auf komplexe Atome ausgedehnt.
Die Tunnelionisationsrate wapx wird nach den drei Autoren dieses Modells (Ammosov,
Delone und Krainov) auch als ADK-Rate bezeichnet [15]. Im atomaren Einheitensystem
(me = e = h =1) ist sie durch

B ! N —— 2.2
WADK Cn l (71—80 P2‘m‘ (|m’)| (l _ |m|)‘ EO exp 3E0 ( )

gegeben. Darin sind n* = Z(2Ip)~'/2? die effektive Hauptquantenzahl, I und m die
Drehimpuls- und die magnetische Quantenzahl des elektronischen Zustands, welcher feld-
ionisiert wird, & = (2Ip)3/? und Ip die Bindungsenergie des Elektrons im Zustand ohne
externes Feld. Die Koeffizienten C’T%* ~ mit den effektiven Bahndrehimpulsquantenzahlen
I* <n* —1 werden iiber

*

22n

02**:
T T (nf 4+ 1 + 1) T (n* — 1¥)

(2.3)

berechnet.
In der Herleitung dieses Modells wurde die Annahme gemacht, dass die durch das
Lichtfeld anliegende Feldstéirke als quasistatisch betrachtet werden kann, dass also der
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Tonisationsvorgang schnell im Vergleich zur Periodendauer der Laseroszillation abléauft.
Zur Entscheidung, ob dies fiir gegebene experimentelle Rahmenbedingungen erfiillt ist,
kann der Keldysh-Parameter v herangezogen werden [16]. Die zugrundeliegende Uber-
legung macht wieder von einem klassischen Bild Gebrauch. Sie weist dem gebundenen
Elektron eine Geschwindigkeit v = 1/2Ip zu und geht von einer Barriere aus, die ni-
herungsweise bis z = Ip/Ey reicht. Die Zeit t; = z/v, die das Elektron in diesem Bild
zum Durchqueren der Barriere braucht, wird mit der Dauer t5 verglichen, wahrend der die
Potentialbarriere besteht. Fiir 5 wird als vorsichtige Abschéatzung eine halbe Laseroszilla-
tion angenommen. Der Keldysh-Parameter ist dann als Quotient dieser Zeiten definiert,
kann aber auch in einen Quotienten von experimentell leichter handhabbaren Energien

umgeformt werden:
{1 | Ip
_ 2 2.4
to 2Up (2:4)

Die ponderomotorische Energie Up ist dabei als die mittlere kinetische Energie eines
freien Elektrons in einem elektrischen Wechselfeld mit der elektrischen Feldamplitude Ej
und der Kreisfrequenz w definiert:

v

Eg

Up = 1ol

(2.5)
Bei der Berechnung von ~ wird somit effektiv das lonisationspotential Ip mit der
ponderomotorischen Energie Up verglichen, welche von der Intensitidt und der Frequenz
des Laserfelds abhéngt. Fiir v <« 1 ist die Annahme eines quasistatischen elektrischen
Felds gerechtfertigt, und das hier beschriebene Tunnelmodell kann angewendet werden.

2.2 Semi-klassisches Riickstreumodell

Ein wesentlicher Schritt zum Verstdndnis der Wechselwirkung von Atomen mit inten-
sivem Laserlicht besteht darin, die Ionisationsprodukte nach der Ionisation nicht sofort
als getrennte Objekte aufzufassen, sondern auch eine anschliefende Interaktion in Be-
tracht zu ziehen. Dies wird bedeutend durch die sogenannte Starkfeldndherung (,,strong
field approximation”; SFA) vereinfacht, bei der die Wirkung des atomaren Felds auf
das Elektron ab dem Tunnelausgang vernachléssigt wird. Im quasiklassischen Grenzfall
hw < Ip < Up [siehe auch Gleichung (2.4)] ldsst sich dann die Propagation des Elek-
trons im oszillierenden elektrischen Feld des Laserpulses als Bewegung eines klassischen
Teilchens berechnen [17]. Im System atomarer Einheiten lautet die hierfur zu losende
Differenzialgleichung:

d2

de?
Fiir den Fall linearer Polarisation des Laserfelds in z-Richtung ergeben sich Ort z(¢) und
Geschwindigkeit v,(t) des Elektrons nach Ionisation zum Zeitpunkt ¢y zu:

& = Ejcos (wt) . (2.6)

z(t) = % [— cos(wt) + cos(wtp) — w(t — tp) sin(wtp)]
v, (t) = % [— sin(wt) + sin(wtp)] . (2.7)
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(b)

Abbildung 2.1: Anschauliches semi-klassisches Modell des Riickstreumechanismus zur
Beschreibung der Wechselwirkung von Atomen mit intensiver Laserstrahlung. (a)
Das atomare Coulombpotential (—) und das duflere elektrischen Potential im Maxi-
mum der Laseroszillation (—) ergeben zusammen das effektive Potential (—), dem
ein betrachtetes Elektron ausgesetzt ist. Das zunéchst gebundene Elektron kann die
Barriere durchtunneln. (b) Das Elektron wird zunéchst vom Ionenrumpf weg, und
bei Feldumkehr dann wieder zuriick beschleunigt. (c) Trifft das Elektron wieder auf
den Rumpf kann es rekombinieren und die aufgenommene kinetische Energie zuziig-
lich der Bindungsenergie des Atoms in Form eines einzigen XUV-Photons abstrahlen.

Zusammen mit der ADK-Tunnelrate nach Gleichung (2.2) lasst sich mit diesem einfachen
Bild die beobachtete Energieverteilung in solchen Photoelektronenspektren erkldren, bei
denen mehr Photonen aus dem Lichtfeld absorbiert werden, als zur Ionisation nétig sind
(,above threshold ionization*; ATT) [18].

Ebenfalls geht aus dem Bild hervor, dass fiir Ionisationszeitpunkte t¢ kurz nach Durch-
laufen eines Feldmaximums das Elektron wieder zum Ort des Ionenrumpfs zuriickkehren
kann [4]. Die kinetische Energie, die das Elektron bei der Riickkehr hat, hdngt dann von
der genauen Phase des Laserfelds bei der Ionisation wty ab. Es lasst sich berechnen, dass
die grofitmogliche Riickkehrenergie ~ 3,17 Up betrigt, und diese erreicht wird, wenn die
Tonisation bei einer Phase der Laseroszillation von wtg =~ 17,9° nach dem Durchgang durch
ein Oszillationsmaximum erfolgt.

Trifft das Elektron wieder auf den Kern, kann es an diesem elastisch gestreut werden.
Durch die Streuung erleidet die Oszillationsbewegung des Elektrons nach Gleichung (2.7)
einen Phasensprung, und das Elektron kann daraufhin noch zusétzliche Energie aus dem
Feld aufnehmen. Eine Rechnung ergibt, dass Elektronen nach Durchgang eines Laserpul-
ses so auf kinetische Energien bis zu 10 Up beschleunigt werden kénnen. Diese Produktion
hochenergetischer Elektronen (,high-intensity above threshold ionization®; HATI) wurde
experimentell beobachtet [19], und kann von dem semi-klassischen Modell qualitativ gut
erklart werden.

Ist die kinetische Energie des Elektrons bei der Riickkehr gréfler als das Ionisations-
potential des zuriick gelassenen Ionenrumpfs, kann durch inelastische Streuung ein wei-
teres Elektron ausgelost werden. Auch diese nicht-sequentielle Doppelionisation (,,non-
sequential double jonization*; NSDI) konnte experimentell beobachtet werden [20], und
stellt damit eine weitere Bestatigung des Riickstreumodells dar.

Weiterhin lédsst sich auch die beobachtete Produktion von angeregten neutralen Ato-
men durch Wechselwirkung mit einem intensiven Laserpuls [21] anhand dieses Modells
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Abbildung 2.2: Schematische Darstellung eines HHG-Spektrums. Die Intensitét ist lo-
garithmisch aufgetragen. Fiir die niedrigen Harmonischenordnungen fillt sie expo-
nentiell ab. In einem Intensitdtsbereich der Laserstrahlung, in dem nur diese Ord-
nungen auftreten, kann die Stérungstheorie zur Beschreibung heran gezogen werden.
Es folgt der durch das Starkfeld-Modell beschriebene Plateaubereich. Ab der Cutoft-
Energie féllt die Intensitdt dann wieder exponentiell ab.

erklaren. Die Geschwindigkeit des Elektrons in Gleichung (2.7) setzt sich aus einem Os-
zillationsanteil [x sin(wt)] und einem Driftanteil [ox sin(wtp)] zusammen. Ist die Drift-
energie von Elektronen, die nicht wieder mit dem Kern in Wechselwirkung treten, so
gering, dass sie sich nach Durchgang des Laserpulses noch immer im Einflussbereich
des atomaren Potentials aufhalten, werden sie dann in hochangeregten Rydbergzustan-
den gefangen. Dieser Prozess wird als frustrierte Tunnelionisation bezeichnet (,,frustrated
tunneling itonization*; FTI).

Der fiir diese Arbeit entscheidende Punkt ist jedoch die Erzeugung von hohen Harmoni-
schen der Frequenz der Lichtwelle (,,high-order harmonic generation; HHG) [3, 4]. Trifft
das Elektron wie oben beschrieben wieder auf den Kern, kann es aufler zu Streuung auch
zur Rekombination kommen. Dabei wird dann die aufgenommene kinetische Energie des
Elektrons zuziiglich des Tonisationspotentials des Atoms Ip als XUV-Photon abgestrahlt.
Die drei von dem Modell beschriebenen Schritte, Tunnelionisation, Propagation im Feld
des Laserpulses und Rekombination, sind schematisch in Abbildung 2.1 dargestellt. Aus
der erlduterten maximalen Riickkehrenergie von =~ 3,17 Up ergibt sich die obere Grenze
fiir die Energie der erzeugten XUV-Strahlung (,, Cutoff*) zu Ip + 3,17 Up.

Da dieser Prozess in der zeitlich ausgedehnten Lichtwelle zweimal pro Zyklus nahe
den Extrema ablauft, iiberlagern sich die zu den verschiedenen Zeitpunkten erzeugten
Wellen, und es kommt zur Interferenz. Nur die Wellen mit Frequenzen w,, die einem
ungeradzahligen Vielfachen der Laserfrequenz entsprechen,

wg=(2n+1)w,

interferieren konstruktiv, so dass ein diskretes Spektrum von ungeraden Harmonischen re-
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sultiert. Ein hervorstechendes Charakteristikum dieses Spektrums ist die anndhernd glei-
che Intensitéit der einzelnen Harmonischenordnungen ¢ iiber einen weiten Bereich bis zur
Cutoff-Energie. Dieser Bereich des Spektrums wird daher als Plateaubereich bezeichnet.
Die spektrale Verteilung der Harmonischen ist schematisch in Abbildung 2.2 dargestellt.

2.3 Quantenmechanische Formulierung des Riickstreumodells

Das im vorigen Abschnitt vorgestellte Modell gibt eine anschauliche Vorstellung von der
ablaufenden Dynamik, und vermag experimentelle Beobachtungen qualitativ gut zu er-
kldren. Da es jedoch ausgiebig Gebrauch von klassischen Bildern macht, kann es nicht
alle Effekte erfassen, die in dem atomaren Quantensystem ablaufen, und keine quanti-
tativen Vorhersagen treffen. Hierzu ist eine analytische, vollstindig quantenmechanische
Behandlung der Thematik von Noten. Eine solche ist in [22] durchgefiihrt worden.

Auch in der quantenmechanischen Beschreibung wird von der SAE-Néherung Gebrauch
gemacht. Die zu l6sende Schrédingergleichung fiir das Elektron in atomaren Einheiten
lautet dann:

2
z% | U (Z,t)) = _V? + V(&) — Epcos(wt) z| |V (Z,1)) . (2.8)

V(&) stellt hier das atomare Coulombpotential dar, und Ej cos(wt) z das durch das li-
near polarisierte Laserfeld aufgestellte alternierende Potential. Zur Lésung wird nun auf
Néherungen wie bei dem semi-klassischen Modell in Abschnitt 2.2 zuriickgegriffen:

i) Es werden lediglich der Grundzustand |0) und die Kontinuumszusténde |¥) betrach-
tet. ¥ charakterisiert hier den kinetischen Impuls des Elektrons. Eventuelle Beitrage
weiterer gebundener Zustdnde werden vernachléssigt. Diese Naherung ist zuléssig,
wenn fw < Ip < Up gilt, und angeregte gebundene Zustédnde als resonante Zwi-
schenzusténde keine Rolle spielen.

ii) Eine Abnahme der Besetzung des Grundzustands |0) wird ebenfalls vernachléssigt.
Daher ist die Theorie nur in einem Intensitétsbereich deutlich unterhalb der Satti-
gungsintensitit Iz, glltig, so dass die Ionisationswahrscheinlichkeit am Ende des
Laserpulses klein bleibt.

iii) Fir die Kontinuumszustinde |¢) wird das atomare Potential V(x) vernachlassigt.
Dies entspricht der bereits in Abschnitt 2.2 eingefiihrten SFA.

Zur Losung wird fir die Wellenfunktion W(&,¢) der Ansatz

(1)) = &7t (a(t) 0) + / P55, 1) |17>> (2.9)

gemacht. a(t) ~ 1 stellt die Amplitude des Grundzustands dar, und b(v,t) die jeweiligen
Amplituden der Kontinuumszustiande |U).

Mit diesem Néherungsansatz lasst sich Gleichung (2.8) 16sen. Um zu der interessieren-
den Harmonischenstrahlung zu gelangen, muss nun die Komponente des zeitabhéngigen
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2.4 Phaseneffekte der Harmonischenstrahlung

Dipolmoments entlang der Polarisationsrichtung, z(t) = (¥(¢)| z |¥(t)), berechnet wer-
den. Mit Einfithrung des Gleichung (2.1) zugeordneten Vektorpotentials A(t), des ka-
nonischen Impulses § = @ + A(t), sowie des Dipolmatrixelements d(%) = (#|&|0) und
dessen z-Komponente d.(v) ergibt sich

t . . it
2(t) =i / dt’ / d*p By cos(wt')d (B~ A(t)) d (B — A(t)) e 5P fcc. (210)
0
Darin wurde die quasiklassische Wirkung S(p, ¢,t’) neu eingefiihrt:

5 A

t
S(ﬁ,t,t’):/ dt" 5 +1Ip|. (2.11)
tl

Gleichung (2.10) ldsst sich nun folgendermaflen interpretieren. Der erste Ausdruck un-
ter dem Integral, Eqcos(t')d.(g — A(t')), stellt die Ubergangsamplitude des Elektrons
in einen Kontinuumszustand mit kanonischem Impuls p zum Zeitpunkt ¢’ dar. Dieser
Schritt entspricht der Tunnelionisation im semi-klassischen Bild. Die Wellenfunktion wird
anschlieend bis zum Zeitpunkt ¢ propagiert und erhélt dabei einen Phasenfaktor ge-
mif e @) Dies ist die quantenmechanische Formulierung der freien Propagation
in Gleichung (2.7). Zum Zeitpunkt ¢ wird dann die Rekombination mit der Amplitu-
de d*(p — A(t)) beschrieben, was dem dritten Schritt des Modells aus Abschnitt 2.2
entspricht. Alle Aspekte des semi-klassischen Bilds finden sich somit auch in der voll
quantenmechanischen Beschreibung wieder.

SchlieBlich ergibt eine Fouriertransformation von Gleichung (2.10) das Spektrum der
erzeugten Harmonischenstrahlung. Aufgrund der zweimal pro Laserzyklus ablaufenden
periodischen Erzeugung und Wiederkehr von Wellenpaketanteilen im Kontinuum ergibt
sich auch in dieser quantenmechanischen Formulierung ein diskretes Spektrum aus unge-
radzahligen Vielfachen der Laserfrequenz wie in Abbildung 2.2.

2.4 Phaseneffekte der Harmonischenstrahlung

Die Perfektionierung der Technik von Titan:Saphir Lasersystemen hat es in den letz-
ten Jahren ermoglicht, Laserpulse mit einer Dauer von nur wenigen Femtosekunden
(1fs = 10717 s) herzustellen. Die besonderen Eigenschaften von Harmonischenstrahlung,
speziell die Kohdrenz und der grofie abgedeckte Spektralbereich, ermdglichen es nun, auch
Pulse mit Dauern unterhalb von 1fs zu synthetisieren. In der Tat besteht der erzeugte
XUV-Puls in der Regel als Uberlagerung aus mehreren diskreten Harmonischen bereits
aus einer Folge mehrerer solch kurzer Pulse [23]. Bis heute gelang es, Pulse mit Dauern
unterhalb von 100as zu erzeugen [24] (1as = 107'8s). Doch auch in Féllen, in denen
die erzielten Pulsdauern nur knapp unterhalb von 1fs liegen, hat sich fiir das Prinzip
die Bezeichnung Attosekundenpulse eingeblirgert. Auch die Erzeugung von einzelnen iso-
lierten Attosekundenpulsen ist mittlerweile technisch moglich [25]. Diese Entwicklungen
gaben Anlass zur Entstehung eines neuen Forschungszweiges innerhalb der Physik, der
Attosekundenphysik [26]. Entscheidend fir die erreichbare Dauer der Attosekundenpul-
se ist neben dem spektralen Umfang der verwendeten Harmonischenstrahlung auch der
Unterschied der Phasen ®? einzelner Harmonischer relativ zur fundamentalen Lichtwelle.
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Abbildung 2.3: Kinetische Energie des Elektrons im semi-klassischen Riickstreumodell
zum Zeitpunkt der Riickkehr zum lonenrumpf, dargestellt als Funktion der Phase
wty des Laserfelds zum Zeitpunkt der Ionisation tg.

Diese ergibt sich zwangslaufig aus der quantenmechanischen Starkfeld-Beschreibung in
Abschnitt 2.3 als Phase des Dipolmoments d(v). Aufgrund der Analogie des voll-quan-
tenmechanischen zu dem semi-klassischen Modell lassen sich die wesentlichen Aspekte
aber bereits anhand dieses anschaulicheren Bilds verstehen [27].

Die kinetische Energie des Elektrons bei der ersten Riickkehr zum zuriickgelassenen
Ionenrumpf kann anhand von Gleichung (2.7) berechnet werden. In Abbildung 2.3 ist
diese in Abhéngigkeit der Phase wty des IR-Laserfelds zum Zeitpunkt der Ionisation
aufgetragen. Die maximale Energie E,,q, von 3,17 Up wird erreicht, wenn das Elektron
bei einer Phase von wty = 17,9° durch die Barriere tunnelt. Fiir Energien F; unterhalb
dieses Maximalwerts, was Harmonischen im Plateaubereich entspricht, gibt es jeweils
zwei mogliche lonisationszeitpunkte ¢; und to, die zur selben Riickkehrenergie fiihren.
Die berechneten klassischen Trajektorien bis zur ersten Riickkehr, die zu diesen zwei
Zeitpunkten starten, haben unterschiedlichen Langen, weshalb sie im Allgemeinen als
kurze und lange Trajektorien bezeichnet werden.

Der Riickkehrzeitpunkt bestimmt im semi-klassischen Bild den Emissionszeitpunkt der
Harmonischenstrahlung. Da dieser Emissionszeitpunkt nicht auf dem Maximum der Os-
zillation der Lichtwelle liegen kann, sind die erzeugten Harmonischenwellen der Ordnung
q gegeniiber der Laserstrahlung phasenverschoben. Dies wird durch die Phase 9 be-
schrieben.

Die Abhéngigkeit der Phase ®? von der Intensitdt I und der Harmonischenordnung ¢
ist fur die zwei Trajektorienklassen unterschiedlich, und wird daher getrennt betrachtet.
Die Intensitdtsabhéngigkeit ist aber in beiden Fillen anndhernd linear, so dass fiir die
Phase der funktionale Zusammenhang

QU(I(r,2,t)) = —aj I(r, 2,1) (2.12)

geschrieben werden kann. Der Index j € {k,l} referenziert hier die kurzen und langen
Trajektorienklassen. Eine Analyse zeigt, dass die Koeffizienten o fiir die langen Trajek-
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2.5 Volumeneffekte und kollektives Verhalten

torien deutlich grofer als die o} fiir die kurzen Trajektorien sind [27]. Dieses Verhalten
fiihrt zu Phaseneffekten, die in zwei grundlegend verschiedene Prozesse unterteilt werden
konnen.

Betrachtet man bei gegebener Intensitit die Trajektorien einer Klasse fiir verschiedene
Energien im Plateaubereich, so stellt sich heraus, dass sich sowohl die Emissions-, als
auch die Riickkehrzeitpunkte der Elektronen unterscheiden. In der quantenmechanischen
Beschreibung entspricht dies einem Unterschied der relativen Phasen ®¢ der einzelnen
Harmonischenwellen. Die momentane Frequenz der daraus zusammengesetzten Attose-
kundenpulse andert sich deshalb tiber die Pulsdauer, was aufgrund der Analogie zur Fre-
quenzidnderung im Zwitschern von Végeln mit dem englischen Wort ,, Chirp “ beschrieben
wird. Im Fall der kurzen Trajektorien nimmt die momentane Frequenz iiber die Dauer
eines Pulses zu, bei den langen Trajektorien nimmt sie ab. Dieser sogenannte Attochirp
hat also fiir die kurzen und langen Trajektorien jeweils unterschiedliches Vorzeichen. Er
ist eine inhédrente Eigenschaft des Erzeugungsprozesses, und lasst sich nur gegebenenfalls
nachtréglich durch Einfiigen eines dispersiven Elements in den Strahlengang der erzeugten
Harmonischenstrahlung kompensieren.

Betrachtet man nun eine einzelne Harmonischenordnung bei fester Energie und va-
rilert die Intensitat der treibenden Laserstrahlung (und damit Up), so &ndern sich die
zu dieser Energie filhrenden Emissions- und Riickkehrzeitpunkte, und damit auch die
entsprechenden relativen Phasen ®9. Dies ist der Grund fiir die Intensitdtsabhiangigkeit
nach Gleichung (2.12). Da die Harmonischenstrahlung in der Praxis meist mit ultrakur-
zen Laserpulsen erzeugt wird, welche anndhernd ein gaufiférmiges Intensitatsprofil iiber
der Zeit aufweisen, dndert sich die Phase ®? fiir eine Ordnung ¢ tiber die Dauer des La-
serpulses permanent. Dieser Effekt tritt im Gegensatz zum Attochirp allerdings nicht auf,
wenn die erzeugende Strahlung konstante Intensitét {iber der Zeit aufweist. Er wird als
Harmonischenchirp bezeichnet, und lésst sich zumindest teilweise durch Aufprégen eines
entgegengesetzten Chirps auf die treibende Strahlung direkt bei der Harmonischenerzeu-
gung kompensieren.

2.5 Volumeneffekte und kollektives Verhalten

Die bisherigen Betrachtungen beziehen sich alle auf die Reaktion einzelner Atome auf das
intensive Laserfeld. Fiir die effiziente Erzeugung von XUV-Strahlung, die in makrosko-
pischen Gasvolumina stattfindet, spielen jedoch auch kollektive Effekte eine bedeutende
Rolle. Um die benoétigten hohen Intensitédten bereitstellen zu kénnen, wird iiblicherweise
die Strahlung eines Kurzpulslasers fokussiert. Durch die Fokussierungsgeometrie vari-
iert dann die rdumliche Intensitdatsverteilung entlang der Propagationsrichtung, als auch
radial nach auflen, unter Umstdnden drastisch. Durch die gepulste Charakteristik der
verwendeten Strahlung gibt es zusétzlich auch noch eine zeitliche Variation der lokalen
Intensitat. Nach Gleichung (2.12) ist die relative Phase ®? der einzelnen Harmonischen
eine Funktion dieser Intensitdt. Um die Harmonischenerzeugung nun moglichst effektiv
zu gestalten, muss der Aufbau auf Phasenanpassung ausgelegt werden [28, 29]. Darun-
ter versteht man eine Minimierung des Phasenunterschiedes zwischen den Feldern der
fundamentalen Laserstrahlung und der erzeugten Harmonischen.

Der Phasenunterschied 5@;1- zwischen der Fundamentalen und der Harmonischenord-
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Abbildung 2.4: Schematische Darstellung von Gouy-Phase, Dipolphase und deren Sum-
me entlang der z-Achse in Einheiten des konfokalen Parameters b. Gute Bedingungen
fiir Phasenanpassung finden sich fiir Positionen z > 0 hinter dem Fokuspunkt.

nung q setzt sich zusammen aus:
2z
0@ = kgz — q k12 + ¢ arctan <b) + @ (I (r,2,1)). (2.13)

k1 und k, bezeichnen hier die Wellenvektoren der Fundamentalen und der Ordnung ¢, und
b stellt den konfokalen Parameter des Fokus der Fundamentalen dar. Die ersten beiden
Terme beschreiben den Phasenunterschied durch Dispersion, welche in dem Erzeugungs-
medium durch Ionisation (freie Elektronen) induziert werden kann. Bei hinreichend ge-
ringer Dichte des Gases kann ein solcher Effekt jedoch vernachlissigt werden. Der dritte
Term beschreibt die Gouy-Phase, eine Phasenverschiebung der Fundamentalen um 7 im
Bereich des Fokuspunktes, die eine allgemeine Eigenschaft von fokussierten Gauflstrahlen
ist. Der letzte Term schliellich ist die Dipolphase der einzelnen Harmonischen nach Glei-
chung (2.12). Fiir eine effektive Phasenanpassung muss nun dafiir gesorgt werden, dass
die Variation von 6@? iiber die Lénge des erzeugenden Mediums moglichst klein gehal-
ten wird, damit die erzeugte Harmonischenstrahlung nicht durch destruktive Interferenz
wieder abgeschwécht wird. Umgekehrt wird bei gegebenen Bedingungen die Lange .y,
bis zu der sich ein Harmonischenfeld durch konstruktive Interferenz aufbauen kann, als
Kohdrenzlinge bezeichnet [30].

Ganz entscheidenden Einfluss auf die Phasenanpassung hat die Position des Erzeu-
gungsmediums relativ zum Fokuspunkt der Fundamentalen [28]. In Abbildung 2.4 sind
die Phasenbeitriage der Gouy-Phase und der Dipolphase schematisch in der Umgebung
des Fokus entlang der Ausbreitungsrichtung des Lasers aufgetragen. Zusétzlich ist die
Summe der beiden Beitrége eingezeichnet. Aufgrund des gleichen Vorzeichens der Ablei-
tungen im Bereich z < 0 (vor dem Fokus) fillt die Variation der summierten Phase hier
besonders grof3 aus. Fiir z > 0 hingegen ist deren Verlauf deutlich abgeflacht, was die Pha-
senanpassung begiinstigt. Aus diesem Grund ist es vorteilhaft, das Erzeugungsmedium
etwa im Abstand b hinter dem Fokus zu positionieren.

14



2.5 Volumeneffekte und kollektives Verhalten

Durch die Positionierung vor oder hinter dem Fokuspunkt lasst sich auch gezielt eine
der beiden Trajektorienklassen auswihlen. Dies ist ebenfalls wiinschenswert, da durch
das unterschiedliche Phasenverhalten Beitrage aus beiden Klassen im Harmonischenfeld
zu komplizierten und schwierig zu kontrollierenden Uberlagerungen fiithren wiirden. Eben
dieses unterschiedliche Phasenverhalten sorgt jedoch dafiir, dass die Harmonischen aus
der kurzen Trajektorienklasse bei einer Positionierung des Erzeugungsmediums hinter
dem Fokus (z > 0) verstiarkt konstruktiv, und die aus der langen Klasse eher destruktiv
interferieren [31]. Liegt das Erzeugungsmedium hingegen vor dem Fokuspunkt (z < 0),
so kehren sich die Verhéltnisse um, und im Fernfeld dominiert die Strahlung aus den
langen Trajektorien, wenn auch die Phasenanpassung in diesem Bereich generell nicht so
gut funktioniert.

Auch rdumlich findet eine leichte Trennung der beiden Komponenten im Fernfeld der
erzeugten Harmonischenstrahlung statt. Durch das vom Fokuspunkt (r,z) = (0,0) aus
gesehen radial und axial abnehmende Intensitétsprofil der fundamentalen IR-Laserstrah-
lung sind die Flachen konstanter Intensitdt gekriimmt. Dies iibersetzt sich in ebenfalls
gekrimmte Phasenflichen der Harmonischenwellen, und dieser Effekt wiederum macht
sich um so stédrker bemerkbar, je grofler die Koeffizienten ozg- in der Intensitdtsabhéngig-
keit der Dipolphase sind [siche Gleichung (2.12)]. Da die «f deutlich gréfier als die af
sind, fillt die Krimmung der Phasenflichen bei der Strahlung aus den langen Trajekto-
rien wesentlich drastischer aus, und die resultierenden Harmonischen werden mit einem
groBeren Offnungswinkel abgestrahlt als die aus den kurzen Trajektorien [32]. Bei Positio-
nierung z > 0 kann somit durch rdumliche Filterung mittels einer Blende im Fernfeld der
Anteil der Harmonischenstrahlung durch lange Trajektorien noch zusétzlich herabgesetzt
werden.

Fiir die Fokussierung der fundamentalen Laserstrahlung werden iiblicherweise sehr
langbrennweitige optische Elemente eingesetzt. Dadurch wird zum einen der konfokale
Parameter b grofier, so dass die Kohérenzlange l,n, moglichst lang ausfillt, zum anderen
ist die Strahltaille am Fokuspunkt grofler. Zwar leidet die erreichte Spitzenintensitét unter
diesen Bedingungen, doch féllt auch der radiale Intensitdtsgradient geringer aus, so dass
die dadurch bedingten negativen Effekte auf die Phasenanpassung minimiert werden.
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3 Experimenteller Aufbau

Die Experimente im Rahmen dieser Arbeit befassen sich alle mit der Elektronendynamik
in angeregten Zustinden von Atomen. Dabei kam die Technik der zeitaufgeldsten Spektro-
skopie mittels eines Anregungs- und eines Abfragepulses (, Pump-Probe Spektroskopie®)
zum Einsatz. Als Anregungspuls diente in jedem Fall ein ultrakurzer Lichtpuls im extrem
ultravioletten Spektralbereich (XUV). Dieser wurde durch eine Apparatur bereitgestellt,
die iber den HHG-Prozess (siche Abschnitt 2.2) eine Frequenzvervielfachung der Strah-
lung in intensiven Laserpulsen im infraroten Spektralbereich (IR) ermdéglicht. Ein Teil
des zur Erzeugung von XUV-Strahlung verwendeten IR-Pulses wurde dariiber hinaus als
Abfragepuls verwendet, der die zu untersuchenden Atome ionisierte. Die spektroskopische
Analyse der Photoelektronen erfolgte dann mit einem Flugzeitspektrometer.

Als Basis fiir alle hier vorgestellten Untersuchungen wurden Kurzpulslasersysteme ver-
wendet, die intensive IR-Pulse mit Pulsdauern unterhalb von 40 fs, Pulsenergien im Be-
reich von Millijoule, und Repetitionsraten von wenigen Kilohertz bereit stellen kénnen.
Das allgemeine Funktionsprinzip und die speziellen Parameter der verwendeten Lasersys-
teme sind in Abschnitt 3.1 skizziert. Der komplette Strahlengang des experimentellen Auf-
baus ist schematisch in Abbildung 3.1 dargestellt. Hervorgehoben sind hier drei einzelne
Stufen, die jeweils einem gesonderten Zweck dienten, und in den folgenden Unterabschnit-
ten dieses Kapitels detailliert beschrieben werden. Zunéichst werden die bereitgestellten
Laserpulse fir die Verwendung in der Pump-Probe Spektroskopie aufgeteilt, und in ei-
ner speziell dafiir konstruierten Anordnung relativ zueinander verzégert. Die Einzelheiten
hierzu sind in Abschnitt 3.2 beschrieben. In der zweiten Untereinheit wird einer der zwei
Teilpulse verwendet, um XUV-Strahlung zu erzeugen. Eine abschlieBende Filterung sorgt
hier dafiir, dass am Ende dieser Einheit eine Sequenz aus einem XUV-Anregungspuls
und einem IR-Abfragepuls mit definierter Verzégerung zwischen den Pulsen fiir die Ver-
wendung in der Spektroskopie prépariert ist. Die genaue Realisierung dieser Stufe ist in
Abschnitt 3.3 dargestellt. Fiir die Experimente wurde dann ein zu untersuchendes Zielgas
der fokussierten Pulssequenz ausgesetzt, wodurch es zu lonisation kam. Die Verteilung
der kinetischen Energie der erzeugten Photoelektronen wurde schliellich mit einem Flug-
zeitspektrometer analysiert. Dessen Funktionsprinzip und die konkrete Realisierung in
dieser Arbeit werden in Abschnitt 3.4 behandelt.

3.1 Die verwendeten Lasersysteme

Die grundlegenden Werkzeuge, mit denen heutzutage viele Experimente zur zeitaufgelos-
ten Spektroskopie an Atomen und Molekiilen durchgefiihrt werden, sind Ultrakurzpuls-
lasersysteme, die im nahen infraroten Spektralbereich Pulse von einigen 10 fs Dauer mit
Pulsenergien bis zu einigen Millijoule liefern kénnen, und in vielen Laboren weltweit zum
Einsatz kommen. So wurden auch fiir die beiden experimentellen Hauptteile dieser Arbeit
in den Kapiteln 4 und 5 solche Systeme verwendet. Aufgrund der leicht unterschiedlichen
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Abbildung 3.1: Skizze des kompletten Versuchsaufbaus. Die hervorgehobenen Bestand-
teile zur Pulsaufteilung und -verzogerung, die Einheit zur XUV-Erzeugung, so-
wie das Elektronenspektrometer werden in jeweils eigenen Abschnitten gesondert
beschrieben.

Anforderungen kamen allerdings zwei verschiedene Lasersysteme zum Einsatz, deren Spe-
zifikationen jeweils vorteilhaft fiir die durchgefiihrten Experimente waren. Im Folgenden
werden diese kurz beschrieben.

3.1.1 Titan:Saphir Lasersystem (0,8 mJ bei 3,3 kHz)

Bei den Experimenten zur Untersuchung der Quantenschwebungen an Neon, die in Ka-
pitel 4 vorgestellt werden, kam ein Titan:Saphir Femtosekunden-Lasersystem der Firma
Femtolasers zum Einsatz. Es besteht aus einem Titan:Saphir-Oszillator, der von einem
diodengepumpten Neodym:YVOy-Laser gepumpt wird, und einem nachgeschalteten Mul-
tipass-Verstéarker. Der Oszillator liefert im Pulsbetrieb Laserpulse von ~ 12 fs Dauer und
6 nJ Pulsenergie bei einer Zentralwellenldnge von ~ 780 nm. Die spektrale Breite der Pulse
betragt ~90nm und die Repetitionsrate liegt bei 88 MHz.

Die Pulse aus dem Oszillator werden in dem Nachverstarker neunmal durch einen wei-
teren Titan:Saphir-Verstarkerkristall gefithrt, der von einem frequenzverdoppelten Neo-
dym:YAG-Laser gepumpt wird. Durch die Dispersion beim Durchqueren des Kristalls
werden die Pulse jedes Mal ein wenig zeitlich in die Linge gezogen (,,gechirpt®), wodurch
Beschidigungen des Kristalls durch zu hohe Leistungen vermieden werden (Prinzip der
»chirped pulse amplification®; CPA). Nach vier Durchldufen werden dann von einer Po-
ckels-Zelle einzelne Pulse aus dem Pulszug aussortiert. Die Repetitionsrate wird so auf die
Frequenz des Pumplasers der Verstiarkerstufe von 3,3 kHz abgesenkt. Nach Durchlaufen
der neun Verstarkungsdurchgéinge werden die Pulse dann in einem Prismenkompressor
wieder zeitlich gestaucht. Die Pulsenergie am Ausgang betragt ~0,8mJ, wihrend die
spektrale Breite durch die Verstdrkungscharakteristik bedingt auf ~ 65 nm abgenommen
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3.2 Einheit zur Pulsteilung und -verzégerung

hat. Die theoretisch erreichbare Pulsdauer mit dieser spektralen Breite liegt bei 20 — 25 fs.
Die Zentralwellenlénge ist ebenfalls verdndert, und mit 785 nm leicht in den langwelligen
Bereich verschoben.

3.1.2 Titan:Saphir Lasersystem (4 mJ bei 1 kHz)

Bei der Untersuchung der Elektronendynamik in Krypton in Kapitel 5 wurde ein anderes
Lasersystem verwendet. Es handelt sich dabei ebenfalls um ein Titan:Saphir Femtosekun-
den-Lasersystem, das nach dem selben Schema funktioniert, jedoch leicht andere Parame-
ter aufweist. So liegt die Pulsenergie dieses Systems mit 4 mJ deutlich héher, wohingegen
die Repetitonsrate mit 1 kHz niedriger ausfillt. Die Lange der Pulse am Ausgang liegt mit
30 — 40 fs etwas hoher als bei dem System in Abschnitt 3.1.1. Die Zentralwellenldnge kann
hier iiber einen akusto-optischen Pulsformer (DazzlerTM der Firma FASTLITE), der die
Pulse des Oszillators in den Verstérker einkoppelt, in einem Bereich von = 780 — 810 nm
verstellt werden. Fiir die in Kapitel 5 vorgestellten Experimente wurde sie auf 787 nm
eingestellt.

3.2 Einheit zur Pulsteilung und -verzégerung

Die einfachste Mdoglichkeit, die beiden Pulse fiir die Pump-Probe Spektroskopie zu prépa-
rieren, besteht darin, beide Pulse aus dem selben Ausgangspuls zu synthetisieren. Da die
Umlenkung und Beeinflussung von XUV-Strahlung im Vakuum nach deren Erzeugung
aufwindig und immer mit groflen Verlusten behaftet ist, wurde fiir die Experimente im
Rahmen dieser Arbeit ein interferometrischer Aufbau konstruiert, welcher die Pulse des
verwendeten IR-Laserstrahls bereits vor der Harmonischenerzeugung aufteilt, und auch
die relative Verzogerung zwischen den beiden Teilpulsen schon hier festlegt. Dieser Auf-
bau wurde so konstruiert, dass eine aktive Stabilisierung der optischen Wegldngendifferenz
zwischen den beiden Teilarmen mdoglich war. In den hier vorgestellten Experimenten wur-
de von dieser Moglichkeit jedoch kein Gebrauch gemacht, da die Stabilitdt des Aufbaus
iiber den Zeitraum einzelner Messungen auch ohne aktive Regelung gegeben war. Eine
detaillierte Skizze des Strahlengangs in diesem Teil der Apparatur ist in Abbildung 3.2
dargestellt.

Bei dem verwendeten Aufbau handelt es sich um eine Variante des Mach-Zehnder-
Interferometers. Um zu vermeiden, dass ein Teil der Pulsenergie ungenutzt vergeudet
wird, wurde bei der Konstruktion auf den Einsatz von Strahlteilern verzichtet. Stattdessen
wurde die Aufteilung des einlaufenden Stahls auf die zwei Arme des Interferometers mit
einem durchgebohrten Spiegel erreicht. Der Durchmesser der Bohrung betrug 8 mm. Der
durch den Spiegel durchlaufende Teil des Laserstrahls war fiir die Erzeugung der XUV-
Strahlung vorgesehen. Entsprechend sollte ein Grofiteil der Energie der IR-Laserpulse
auf dieser Fldche konzentriert sein. Fiir die optimale Verwendung des Aufbaus musste
daher der Durchmesser des ankommenden IR-Laserstrahls =~ 10 — 12 mm betragen. Lag
der Strahldurchmesser nicht in diesem Bereich, musste er zuvor mit einem Teleskopaufbau
entsprechend angepasst werden.

Der Teil des IR-Strahls, der iber den 8 mm Durchmesser hinausragte, wurde von dem
ersten Spiegel als ringférmiger Strahl reflektiert. Damit dieser nicht wieder in Richtung
des einlaufenden Lasers zuriickgeworfen wurde, musste der einlaufende Strahl unter einem
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Abbildung 3.2: Skizze des Aufbaus zur Pulsaufteilung und -verzégerung. Der IR-La-
serstrahl wird in einen zentralen und einen ringférmigen Teil aufgeteilt. Die relative
Verzogerung zwischen beiden Teilen kann durch Verschieben eines Glaskeils im Strah-
lengang des zentralen Teils eingestellt werden. Der entgegengesetzt laufende HeNe-
Laserstrahl dient zur Kontrolle der Stabilitit des Aufbaus. Uber eine computerge-
steuerte Riickkopplungsschleife kann die Differenz der optischen Wegléngen in beiden
Teilarmen iiber einen langen Zeitraum konstant gehalten werden.

endlichen Winkel relativ zur Spiegelnormalen auftreffen. Da ein solcher Winkel immer eine
elliptische Verzerrung des ansonsten kreisrunden Profils des durchgehenden Teils bewirkt,
sollte dieser hier moglichst gering ausfallen. Mit nur 7° war es moglich, den Winkel so
klein zu halten, dass keine signifikante Verzerrung des Strahlprofils auftrat.

Die beiden Teilstrahlen liefen auf getrennten Wegen, wie in Abbildung 3.2 dargestellt,
und wurden schliefflich auf einem zweiten durchgebohrten Spiegel, der exakt die gleichen
Parameter wie der erste hatte, wieder {iberlagert und in die anschlieBende XUV-Erzeu-
gungskammer gefiihrt. Die beiden Umlenkspiegel, die den ringférmigen Teil zum zweiten
durchgebohrten Spiegel fiihrten, waren auf einem Schiebetisch mit manuell zu bedienen-
der Mikrometerschraube montiert. Die Skaleneinteilung dieser Schraube betrug 10 pm.
Dies erlaubte eine grobe Justage der zeitlichen Verzégerung mit einer Genauigkeit von
~ 3 fs. Fiir die Feinjustage war im Strahlengang des zentralen Teils ein Paar von Glaskei-
len montiert (Material: Suprasil®, Keilwinkel: 2°48' ), von denen einer auf einem weiteren
Schiebetisch montiert war. Dieser Tisch wurde computergesteuert von einem Linearmotor
angetrieben, und lief} sich so mit einer Genauigkeit von 0,1 pm orthogonal zur Strahlrich-
tung positionieren. Dadurch war es moglich, die optische Wegldnge des Strahls so zu
verdndern, dass die zeitliche Verzogerung mit einer Prazision von =~ 100 as kontrollierbar
war. Bei einer festen Stellung des Schiebetischs zur Grobjustage konnte mit dem moto-
risierten Glaskeil eine Spanne der relativen Verzogerungen von = 1100 fs durchgefahren
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3.3 Die XUV-Erzeugungskammer

werden. Begrenzt wurde dies nur durch die Lange des beweglichen Keils.

Um eine moglichst grofie Stabilitdt gegeniiber Erschiitterungen, Luftbewegungen oder
Temperaturdnderungen zu erreichen, wurde die Strecke auf der die beiden Teilpulse ge-
trennt liefen moglichst kurz gehalten. Zudem wurde die Einheit zur Pulsteilung und
-verzbgerung auf einer Bodenplatte aus massivem Edelstahl aufgebaut, zur Schwingungs-
ddmpfung auf Gummifiilen gelagert und als Schutz vor Luftbewegungen in einem Kasten
eingeschlossen. Fiir eventuelle Experimente, die eine Langzeitstabilitat der relativen Puls-
verzogerung erfordern, wurde dariiber hinaus ein Stabilisierungsschema realisiert, dessen
Prinzip auf [33] basiert, und in Abbildung 3.2 durch den violetten Strahlengang skiz-
ziert ist. In den beschriebenen Aufbau zur Pulsverzégerung wurde zusétzlich noch ein
aufgeweiteter Helium-Neon-Laserstrahl (HeNe) im cw-Betrieb (Wellenlénge: 632,8 nm)
eingekoppelt, dessen Strahlrichtung entgegengesetzt zum IR-Laserstrahl orientiert war,
und der das selbe Schema der Strahlaufteilung und erneuter -iiberlagerung durchlief. Hin-
ter der Uberlagerung wurden der zentrale und der ringférmige Teil des HeNe-Laserstrahls
durch eine Linse fokussiert, wodurch es auch zum raumlichen Uberlapp der beiden Teil-
strahlen kam. Hier traten Interferenzeffekte auf, die von einem Mikroskopobjektiv als
ringformige Strukturen auf einen Schirm abgebildet wurden. Bei einer Anderung der op-
tischen Weglidngendifferenz in den zwei Teilarmen des Aufbaus verédnderten sich auch
diese Strukturen. An drei Stellen auf dem Schirm detektierten Photodioden die jeweilige
Lichtintensitét, und in einer computergesteuerten Riickkopplungsschleife wurde dann der
motorisierte Glaskeil zur Feinjustage so nachgefiihrt, dass die Lichtintensitét auf allen
drei Photodioden konstant blieb. Damit konnten langfristige Drifts der Wegléngendif-
ferenz kompensiert werden. Solche Drifts traten bei Messungen auf, die iiber mehrere
Stunden liefen, und waren mit den Tageszeiten korreliert. Vermutlich handelte es sich
dabei um Léngendnderungen im Aufbau, die durch Temperaturschwankungen hervor-
gerufen wurden, welche von der Laborklimaanlage nicht komplett ausgeglichen werden
konnten. Da einzelne Messungen aus den Kapiteln 4 und 5 jedoch nie langer als eine Mi-
nute, und komplette Messreihen stets nur etwa eine Stunde dauerten, waren solche Drifts
vernachléssigbar, und die aktive Stabilisierung kam hier nicht zum Einsatz.

3.3 Die XUV-Erzeugungskammer

Fiir die Erzeugung kohérenter XUV-Pulse wurde von dem in Abschnitt 2.3 beschriebenen
Prinzip der Erzeugung hoher Harmonischenstrahlung (HHG) Gebrauch gemacht. Dabei
wurden insbesondere die in Abschnitt 2.5 diskutierten Aspekte beziiglich der Phasenan-
passungsbedingungen berticksichtigt. Als Basis diente ein Aufbau, der in [34] beschrieben
ist, und bereits fiir Experimente mit XUV-Strahlung verwendet wurde [35, 36]. Eine Skiz-
ze des Strahlengangs in der XUV-Erzeugungskammer ist in Abbildung 3.3 dargestellt.
Die ankommende IR-Laserstrahlung wurde mittels einer langbrennweitigen Linse (f =
1250 mm) durch ein entspiegeltes Eintrittsfenster in die Vakuumapparatur fokussiert. Die
Linse wurde so positioniert, dass der Fokus einige Millimeter vor einem Nickelrohrchen
lag, welches als Gaszelle fiir die Harmonischenerzeugung diente (Auflendurchmesser des
Rohrchens: 6 mm). Der zentrale Teil des IR-Laserstrahls erzeugte hier iiber den HHG-
Prozess die XUV-Strahlung, wahrend die Energie in dem &ufleren ringférmigen Teil nicht
ausreichte, um solche Starkfeldeffekte hervorzurufen. Ein- und Austrittsfenster fiir die
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Abbildung 3.3: Skizze des Strahlengangs in der XUV-Erzeugungskammer. Der ankom-
mende IR-Laserstrahl ist in eine zentrale und eine ringférmige Komponente aufge-
teilt. Hinter der XUV-Erzeugung in der Gaszelle werden von einem kombinierten Alu-
minium/Glas-Filter das zur XUV-Erzeugung verwendete IR-Licht aus dem zentralen
Teil, sowie starker divergente XUV-Anteile aus dem dufleren Ring ausgeblendet.

Laserstrahlung an der Gaszelle wiren wiinschenswert, sind in diesem Fall jedoch prinzi-
piell nicht moéglich, da diese so nah am Fokusort der intensiven IR-Strahlung positioniert
werden miissten, dass die Fenster Schaden nehmen wiirden. Dariiber hinaus wiirde die
erzeugte XUV-Strahlung an einem Austrittsfenster sofort wieder absorbiert werden. Der
Laserstrahl passierte die Wéande der Gaszelle deshalb durch kleine Locher, die von dem
Laser selbst gebohrt wurden (Wandstérke des Rohrchens: 0,1 mm, Durchmesser der Lo-
cher: ~0,3mm). Dadurch stromte das Gas im Rohrchen unweigerlich in das umgebende
Vakuum aus, und musste dort permanent ab-, und im Roéhrchen nachgefithrt werden.
Die Konversionseffizienz der IR- in XUV-Strahlung héngt in dieser Situation in hohem
Mafle von dem Staudruck ab, der in der Gaszelle vorherrscht. Zum einen bedeutet ein
hoherer Staudruck mehr Atome, die an dem Erzeugungsprozess teilnehmen, wodurch die
Konversion effizienter ausfillt. Zum anderen beeinflusst der Staudruck aber auch die Pha-
senanpassung (siche Abschnitt 2.4), so dass die Effizienz oberhalb eines optimalen Stau-
drucks wieder abféllt. In der hier realisierten Anordnung jedoch wurde der Staudruck in
erster Linie von dem sich einstellenden Hintergrundsdruck im umgebenden Bereich be-
grenzt. Dieser musste niedrig genug gehalten werden, dass keine signifikante Absorption
der XUV-Strahlung einsetzte. Die anfallende Gaslast wurde mit einer Turbomolekular-
pumpe abtransportiert ( Pfeiffer TMU-1600; Saugleistung 15001/s), deren Saugvermogen
jedoch bei héherem Hintergrundsdruck rasch abfallt. Die optimale Konversionseffizienz in
XUV-Strahlung trat bei einem Hintergrundsdruck von ~10~2 mbar auf. Bedingt durch
die unterschiedlichen Saugleistungen der Turbomolekularpumpe fiir verschiedene Gase
entsprach dies jeweils einem anderen Staudruck in der Gaszelle (bei Argon = 60 mbar,
bei Krypton ~ 40 mbar, und bei Xenon ~ 30 mbar).

Um die bei der XUV-Erzeugung anfallende Gaslast moglichst effektiv vom Rest der
unter Vakuum stehenden Apparatur fernzuhalten war im Abstand von 20 cm hinter der
Gaszelle eine Trennscheibe mit einer nur 5mm groBen Offnung auf der Strahlachse in-
stalliert. Diese fungierte als Trennstufe fiir differenzielles Pumpen, und erméglichte in der
anschlieBenden Kammer einen Hintergrundsdruck von ~ 10~4mbar zu erreichen.
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Abbildung 3.4: Transmission einer 0,2 um dicken Aluminiumfolie fiir XUV-Strahlung
[37]. Die grauen Linien markieren die Position hoher Harmonischer einer fundamen-
talen Strahlung mit 1,57eV Photonenenergie (entspricht der Photonenenergie der
verwendeten Titan:Saphir Lasersysteme), die das Filter passieren konnen.

In dieser Kammer wurde in einem Abstand von 94 cm zur Gaszelle das IR-Licht aus dem
zentralen Teil des Strahls durch ein Filter von der erzeugten XUV-Strahlung abgetrennt.
Durch die Fokussierungsgeometrie bedingt war der Strahl in diesem Bereich divergent,
und hatte am Ort des Filters bereits wieder einen Durchmesser von 6 mm, so dass Bescha-
digungen durch zu hohe Leistungen auf dem Filter vermieden wurden. Als Filter diente
ein rundes Stiick diinner Aluminiumfolie (Dicke: 0,2 pm, Durchmesser: 6 mm), welches so
positioniert wurde, dass der zentrale Teil des IR-Laserstrahls exakt auf die Folie abgebil-
det wurde (siehe Abbildung 3.3). Die Transmissionscharakteristik von Aluminium ist so,
dass sdmtliches Licht mit einer Photonenenergie unterhalb von 15eV geblockt wird, wah-
rend zwischen 20 und 73 eV anndhernd konstante Transmission vorherrscht (= 60% bei
0,2 um Dicke). Im Bereich zwischen 15 und 20 eV steigt die Transmission annéhernd linear
an. Die zentrale Wellenldnge der verwendeten Titan:Saphir Lasersysteme von = 785 nm
entspricht einer Photonenenergie von ~ 1,57 eV, was bedeutet, dass alle Harmonischen bis
einschlieflich zur 9. Ordnung bei 14,13 eV, sowie die fundamentale IR-Strahlung von dem
Filter geblockt werden. Die 11. Harmonischenordnung bei 17,27 eV liegt gerade in dem
Anstiegsbereich der Transmission, wahrend alle hoheren Harmonischen bis zur 45. Ord-
nung in etwa gleichem Mafle das Filter passieren konnen. Die Situation ist schematisch
in Abbildung 3.4 dargestellt.

Ringférmig um die Aluminiumfolie herum komplettierte ein BK-7 Glasplédttchen das
Filter (Dicke: 450 pm), welches eine doppelte Funktion innehatte. Zum einen wurde hier-
von XUV-Strahlung absorbiert, die einen gréfleren Divergenzwinkel aufwies, als der zen-
trale Teil des IR-Laserstrahls. Solche Strahlung basiert auf der langen Trajektorienklasse
(sieche Abschnitt 2.5), und hat nachteilige Auswirkungen auf die Kohédrenz. Zum anderen
konnte aber die IR-Strahlung im &ufleren ringférmigen Teil das Filter an der Alumini-
umfolie vorbei durch den Glasteil passieren. Dabei wurde ihr durch den Brechungsindex
des Glases noch eine zusétzliche zeitliche Verzégerung von = 750 fs aufgezwungen. Wenn
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Abbildung 3.5: Skizze des verwendeten Elektronenspektrometers. Griin eingezeichnet
sind die flaschenférmig gebogenen Magnetfeldlinien, entlang derer die erzeugten Pho-
toelektronen gefithrt werden. Die Laserstrahlung fallt hier senkrecht zur Zeichenebe-
ne ein.

beide Pulse hinter der Filterung zeitlich {iberlappen sollten, musste mit der Pulsverzoge-
rungseinheit in Abschnitt 3.2 dem &ufleren Teil ein Vorsprung von gerade diesen 750 fs
gegeben werden. Somit wurde sicher gestellt, dass es in diesem Fall zu keinen storen-
den Interferenzeffekten zwischen dem zentralen und dem ringférmigen Teil am Ort der
XUV-Erzeugung in der Gaszelle kam. Lediglich der Bereich an Verzégerungen, in dem
der IR-Puls nach der Filterung um ~ 750 fs hinter dem XUV-Puls liegt, blieb durch diese
Konstruktion unzugénglich.

Hinter der Vakuumkammer mit dem kombinierten Filter wurde der Hintergrundsdruck
durch eine zweite differenzielle Pumpstufe auf ~107% mbar abgesenkt. In der dahinter
befindlichen Kammer war ein goldbeschichteter elliptischer Spiegel positioniert, welcher
sowohl den XUV- als auch den IR-Puls in das Elektronenspektrometer fokussierte (sie-
he Abbildung 3.1). Die Fokusgeometrie war darauf ausgelegt, dass der Punkt der XUV-
Erzeugung in der Gaszelle gerade auf den vorgesehenen Wechselwirkungsort im Elektro-
nenspektrometer abgebildet wurde. Durch die Fokussierung wurde an diesem Punkt dann
auch der rdumliche Uberlapp der beiden Pulse hergestellt. Zwischen der Kammer mit dem
elliptischen Spiegel und dem Elektronenspektrometer war noch eine dritte differenzielle
Pumpstufe eingebaut, so dass der durch den Gasanfall bei der Harmonischenerzeugung
verursachte Hintergrundsdruck im Spektrometer mit ~10~8 mbar wieder im UHV-Be-
reich lag.

3.4 Das Elektronenspektrometer

Fiir die eigentlichen spektroskopischen Experimente wurde ein Flugzeit-Elektronenspek-
trometer konstruiert, das auf dem Prinzip der magnetischen Flasche basiert (,,magnetic
bottle electron spectrometer”, MBES) [11, 38, 39]. Eine Skizze des verwendeten Aufbaus
ist in Abbildung 3.5 dargestellt.

Das Prinzip der magnetischen Flasche basiert auf der Tatsache, dass Elektronen mit
endlicher kinetischer Energie in einem Magnetfeld aufgrund der Lorentzkraft auf Spi-
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3.4 Das Elektronenspektrometer

ralbahnen um die magnetischen Feldlinien laufen, sofern sie eine Bewegungskomponente
quer zur Feldrichtung haben [11]. In inhomogenen Magnetfeldern werden die Elektronen
somit iiber groflere Distanzen gesehen entlang der Feldlinien gefithrt. In einem MBES
wird nun das anndhernd homogene, schwache Magnetfeld einer langen Spule mit dem
stark divergenten Feld eines kleinen, starken Magneten kombiniert. So erhéilt man ei-
ne Magnetfeldverteilung, deren Feldlinienverlauf der Form einer Flasche &hnelt. Er ist
in Abbildung 3.5 durch griine Linien angedeutet. Elektronen aus einem grofien Emissi-
onswinkelbereich relativ zur Spektrometerachse, die in dem stark divergenten Teil des
Magnetfelds erzeugt werden (im ,Hals“ der Flasche), werden dann alle so umgelenkt,
dass sie im homogenen Teil anndhernd parallel zum Detektor fliegen. Die Freiflugstre-
cke in diesem Teil kann relativ lang sein, was eine hohe Energieauflésung zur Folge hat.
Bei der klassischen Flugzeitspektroskopie bewirkt eine Verldngerung der Freiflugstrecke
stets, dass nur noch Elektronen aus einem kleineren Emissionswinkelbereich detektiert
werden konnen, worunter die Signalstarke leidet. Bei einem MBES wird dieses Problem
umgangen.

Um die Konstruktion moglichst einfach zu halten wurde das stark divergente Ma-
gnetfeld im vorliegenden Aufbau von einem Permanentmagneten erzeugt [38]. Verwendet
wurde ein zylindrischer Magnet aus dem Werkstoff DeltaMagnet® (SmyCor7) von 15 mm
Durchmesser und 10 mm Hoéhe. Um den Gradienten des magnetischen Flusses so grofl
wie moglich ausfallen zu lassen wurde diesem Zylinder noch ein konischer Polschuh aus
Eisen aufgesetzt. Die Magnetfeldverteilung dieser Anordnung wurde mit dem Programm
FEMM 4.2 nach der Methode der finiten Elemente simuliert [40]. Die magnetische Fluss-
dichte im Abstand von 0,1 mm vor der Spitze betridgt demnach 782 mT, fillt aber bereits
nach 1 mm auf 214mT ab.

Fir den homogenen Teil des Magnetfelds wurde eine Spule aus Kupferdraht auflen
um das 1,5m lange Flugrohr gewickelt, und so nah wie moglich an den Ionisations-
punkt herangeschoben. Der Abstand zwischen dem Ionisationspunkt und der Spule betrug
11 cm. Bei dem Draht handelte es sich um Flachdraht mit rechteckigem Querschnitt von
4 x 1,5mm?. Insgesamt bestand die Spule aus 373 Windungen mit einem Durchmesser
von 274 mm. Eine Konstantstromquelle lieferte den Strom zur Erzeugung des Magnetfelds.
Um die fir das Funktionsprinzip der magnetischen Flasche notige Magnetfeldgeometrie
nicht zu verzerren, wurden sdmtliche Vakuumkomponenten des Spektrometers aus nicht-
magnetischem Edelstahl gefertigt (Edelstahl 1.4404). Auch das Erdmagnetfeld kommt als
mogliche Ursache fiir unerwiinschte Verzerrungen in Betracht. Dieses hat in Deutschland
eine Flussdichte von & 0,5 Gs. Um eine Beeinflussung der Elektronenflugbahnen zu ver-
meiden, war das Flugrohr mit der umgebenden Spule noch von einer 2 mm dicken Schicht
aus Mumetall® umhiillt.

Nach der Formel zur Berechnung der magnetischen Flussdichte B, im Inneren einer
langen stromdurchflossenen Spule entlang deren Achse,

N
BZ:’MOTI’ (31)

wobei g die magnetische Feldkonstante, N die Anzahl der Windungen, ! die Spulenlédnge
und I der flieBende Strom sind, ergibt sich mit den genannten Parametern fiir die hier
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3 Experimenteller Aufbau

verwendete Spule folgende einfache Faustformel':
B,[Gs| =3 x I[A]. (3.2)

Die Simulation des Magnetfelds ergab, dass sich ein optimaler Anschluss des homogenen
Spulenfelds an den inhomogenen Teil bei einer Stromstirke von 1,6 A ergab, was einer
magnetischen Flussdichte von knapp 5Gs entspricht. Nach [38] ist das relative Auflo-
sungsvermogen durch die Magnetfeldgeometrie begrenzt durch

— 3.3
Eyin B; (8:3)

Ey;y, ist dabei die kinetische Energie der detektierten Elektronen, By die magnetische
Flussdichte im homogenen Teil des Felds und B; die am Ionisationsort. Unter der Annah-
me, dass der Ionisationsort 1 mm vor der Spitze des Polschuhs liegt, ergdbe sich damit
ein Auflésungsvermogen von 2,5 x 1073, Dies wird in der Praxis jedoch nicht erreicht.
In dem idealisierten Bild werden Photoelektronen nur von einem Punkt direkt vor der
Magnetspitze detektiert. In der Realitdt jedoch werden Elektronen, die in einem endli-
chen Volumen erzeugt werden, auf den Detektor abgebildet. Dariiber hinaus kommt es
durch Kontaktpotentiale an den Verbindungsstellen zwischen verschiedenen Materialien
in der Vakuumapparatur (Edelstahl, Eisen, Kupfer, etc.) zu kleinen, aber storenden elek-
trischen Feldern, und auch das Erdmagnetfeld kann nicht komplett abgeschirmt werden.
Schliefilich ist auch das Magnetfeld der realen (endlichen) Spule nicht perfekt homogen.
Durch all diese stérenden Effekte wird das Auflésungsvermoégen deutlich verschlechtert.
Eine konservative Abschétzung anhand von experimentellen Photoelektronenspektren,
zum Beispiel aus Abbildung 4.2(a), legt ein Auflésungsvermogen von ~ 5 x 1072 nahe.
Da nur mit spektral sehr breitbandigen Laserpulsen gearbeitet wurde, ist eine solche Ab-
schitzung jedoch recht ungenau. Fiir die Zwecke der in Kapitel 4 und 5 vorgestellten
Experimente ist die realisierbare Auflésung allerdings in jedem Fall ausreichend.

Um das zu untersuchende Zielgas moglichst nahe an den Ionisationspunkt zu bringen
wurde es tiber eine flexible Edelstahlkapillare in die Anlage gefithrt (Innendurchmesser:
125 um). Uber eine Schiebedurchfithrung konnte das Ende der Kapillare direkt iiber dem
Wechselwirkungsort positioniert werden, und das Zielgas stromte dann effusiv aus.

Die Flugzeit der Elektronen wurde schliellich bestimmt, indem der Zeitpunkt des Auf-
treffens auf einem Mikrokanalplattendetektor (,micro channel plate”, MCP) am Ende
des Flugrohrs gemessen wurde. Der Startzeitpunkt ist der Zeitpunkt der Ionisation, und
ergab sich durch einen Reflex des IR-Laserstrahls vom Eintrittsfenster der Vakuumappa-
ratur, der mit einer Photodiode ermittelt wurde. Das analoge Spannungssignal des MCP-
Detektors wurden mit einem Computer iiber eine Digitalisierer Erweiterungskarte auf-
gezeichnet (Acgiris AP240), und mittels einer in Lab VIEW® geschriebenen Applikation
iiber mehrere 1000 Laserschiisse gemittelt ausgelesen.

'Die magnetische Flussdichte wird hier in Gaul angegeben. 1Gs = 1 x 107* T.
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4 Quantenschwebungen in gebundenen Zustanden
bei der Zwei-Photonen-lonisation von Neon

Die Transformation eines ultrakurzen Laserpulses in den Frequenzraum nach Fourier
zeigt, dass mit abnehmender Dauer die spektrale Breite zunimmt. Bei der Untersuchung
der schnell ablaufenden Dynamik in atomaren Systemen mit solchen Laserpulsen ist es
daher prinzipiell nicht méglich, einzelne Ubergéinge mit definierter Energie gezielt anzure-
gen, wenn weitere Uberginge mit dhnlicher Energie in dem System vorliegen. Eine Eigen-
heit der Quantenmechanik, die zur Beschreibung atomarer Systeme herangezogen werden
muss, ist es, dass der angeregte Zustand des Systems in diesem Fall als Wellenpaket, also
als kohiirente Uberlagerung der von dem Spektrum des Laserpulses abgedeckten Energie-
zustédnde aufzufassen ist. In einem solchen Wellenpaket kommt es zu Schwebungen, die
mit den Differenzen der Anregungsfrequenzen der einzelnen beteiligten Energiezustdnde
oszillieren, was zu interessanten Effekten fiihrt. Dieses Phdnomen wird entsprechend als
Quantenschwebungen bezeichnet [9, 10].

In diesem Kapitel der Arbeit wurde die Ausbildung von solchen Quantenschwebungen,
die sich in einem zweistufigen Ionisationsprozess manifestieren, in einem konkreten Fall
untersucht. Als Modellsystem diente hier ein sequentieller Zwei-Photonen-Ionisationspro-
zess von Neon. Die Analyse dieses Vorgangs erlaubt Einblicke in die Elektronendynamik
in hochangeregten Zustinden des atomaren Systems, die von einem externen Laserfeld
getrieben wird.

In Abschnitt 4.1 wird zunéchst eine detaillierte, phdnomenologische Darstellung des
untersuchten Ionisationsprozesses gegeben. In Abschnitt 4.2 wird dann ein theoretisches
Modell prasentiert, welches die Ionisation und die Auspriagung von Quantenschwebungen
in einem quantenmechanischen Bild beschreibt, und eine Moglichkeit zur qualitativen
Berechnung der auftretenden Effekte gibt. Anhand des Modells wurden solche Berech-
nungen computergestiitzt durchgefithrt. Die Implementierung dieser Simulationen ist in
Abschnitt 4.3 beschrieben. In Abschnitt 4.4 werden anschlieBend die durchgefiihrten Ex-
perimente beschrieben, die Beobachtungen erldutert, und in Abschnitt 4.5 schliefflich
werden die gewonnenen Erkenntnisse analysiert.

4.1 Schema des Zwei-Photonen-lonisationsprozesses

Bei dem untersuchten Prozess handelt es sich um einen resonanten Zwei-Photonen-Ionisa-
tionsvorgang, dessen Ablauf schematisch in Abbildung 4.1 dargestellt ist. Ein ultrakurzer,
spektral breiter Pumppuls im XUV-Spektralbereich bevolkert im ersten Schritt hochange-
regte Niveaus in dem untersuchten atomaren System. Die grofle spektrale Breite erlaubt es
in diesem Fall, dass mehrere Zustinde ¢; , {i = 2,...,n} mit leicht unterschiedlichen An-
regungsenergien abgedeckt werden. Zur moéglichst einfachen Illustration des Prinzips ist
in Abbildung 4.1 die Anzahl dieser Zustédnde auf zwei beschrankt. In einer quantenmecha-
nischen Beschreibung, die in Abschnitt 4.2 ndher ausgefiihrt ist, wird in dem System eine
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4 Quantenschwebungen in gebundenen Zustianden bei der Zwei-Photonen-Ionisation von Neon
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Abbildung 4.1: Energieniveau-Représentation des untersuchten Zwei-Photonen-Ionisa-
tionsprozesses. Ein Pumppuls (XUV) regt eine Superposition aus mehreren diskre-
ten Niveaus ¢; an. Aus diesen wird das System von einem Abfragepuls (IR) ioni-
siert. Nur in Energiebereichen, die von mindestens zwei Zwischenzustéinden ¢; aus
erreicht werden konnen, treten Quantenschwebungen auf. Durch die Kopplung der
Zwischenzustidnde ¢; an den Zustand ¢ durch den IR-Puls wird die Auspridgung der
Quantenschwebungen modifiziert.

kohérente Uberlagerung der einzelnen Zustinde ¢; angeregt. Das auf diese Weise geform-
te Wellenpaket kann dann nach Abschalten des Pumppulses ungestort propagieren, und
wird nach einer eingestellten Verzogerung 7 vom Abfragepuls ionisiert. Auch dieser Puls
hat wieder eine nicht zu vernachlassigende spektrale Breite. In der Energieniveau-Repréa-
sentation des Systems in Abbildung 4.1 wird der Ionisationsvorgang dadurch dargestellt,
dass die spektrale Verteilung des Abfragepulses auf jedes der Zwischenniveaus ¢; addiert
wird. Wie in der vergroferten Darstellung des Energiebereichs oberhalb der Ionisations-
schwelle I, zu sehen ist, entsteht dadurch ein spektraler Uberlappbereich, der von beiden
Zwischenniveaus aus erreicht werden kann. In der quantenmechanischen Beschreibung
tragen beide moglichen Wege zu den Amplituden der Endzustdnde mit Gesamtenergie
¢ in diesem Uberlappbereich bei, und aus den unterschiedlichen akkumulierten Phasen
entlang der beiden Wege ergibt sich durch Interferenz eine Oszillation in der Ubergangs-
wahrscheinlichkeit, wenn die Verzogerung 7 kontinuierlich verédndert wird. Die Frequenz
dieser Oszillation entspricht gerade der Energiedifferenz der beteiligten Zwischenzusténde
¢i, und das Phénomen wird als Quantenschwebung bezeichnet [9]. In solchen Energie-
bereichen des Ionisationskontinuums, die nur von einem der beiden Zwischenniveaus aus
erreicht werden konnen, tritt die entsprechende Quantenschwebung demzufolge nicht auf.
Dieser Sachverhalt ist in der eingesetzten Grafik in Abbildung 4.1 dargestellt.

In der vorliegenden Arbeit wird nun eine Erweiterung dieses Modells aufgestellt, welche
zusatzlich noch einen weiteren atomaren Zustand ¢; betrachtet. Dieser liegt energetisch
unter den im ersten Anregungsschritt bevolkerten Zwischenniveaus ¢;, und wird durch
den Abfragepuls nahezu resonant an die Zwischenzustinde gekoppelt. Diese Kopplung
hat einen Einfluss auf die energetische Lage der Zwischenniveaus und deren Besetzung
zum Zeitpunkt der Ionisation, was sich als Anderung der spektralen Amplitudenverteilung
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4.2 Theoretisches Modell zur Beschreibung der Quantenschwebungen

der einzelnen Quantenschwebungen manifestiert. Da die Kopplung jedoch erst wéihrend
der Ionisation auftritt, die Frequenzen der Quantenschwebungen aber durch die unge-
storte Propagation des Wellenpakets vor Ankunft des Abfragepulses bestimmt werden,
bleiben diese von der Kopplung unbeeinflusst. Die Stéarke der Kopplung, welche die ge-
naue Auspriagung der einzelnen Quantenschwebungen festlegt, kann iiber die Intensitét
des Abfragepulses eingestellt werden.

4.2 Theoretisches Modell zur Beschreibung der
Quantenschwebungen

Im Folgenden wird eine quantenmechanische Beschreibung des untersuchten Ionisations-
prozesses gegeben, in dem sich die Quantenschwebungen manifestieren. Ausgehend von
der exakten Ubergangsamplitude des Systems aus dem Grundzustand in den final erreich-
ten Endzustand werden Néherungen und Annahmen diskutiert, die auf die vorliegende
Situation angepasst sind, und die mathematische Komplexitéit reduzieren. Schliefllich wird
die physikalische Bedeutung der ermittelten Gleichungen analysiert.

4.2.1 Allgemeine Betrachtungen

Ausgangspunkt ist die Betrachtung eines atomaren Systems unter dem Einfluss eines oder
mehrerer Lichtfelder, welches durch den zeitabhédngigen Hamiltonoperator H (t) beschrie-
ben wird. Der Grundzustand des ungestorten Systems vor der Wechselwirkung mit den
Lichtfeldern wird mit ¢q, der ebenfalls ungestérte Endzustand aus Ion und freiem Elek-
tron zu einem Zeitpunkt ¢ nach Abschalten aller externen Felder mit ¢, ) bezeichnet.
Der Parameter € stellt hier die Gesamtenergie des Systems im Endzustand dar, wahrend A
eventuelle weitere Quantenzahlen reprisentiert. Die Berechnung der Ubergangsamplitude
aoxe) (t) aus ¢g nach ¢y o) erfolgt dann mittels des zu H(t) gehérenden Zeitentwicklungs-
operators U (t,0):

a0(t) = (60| U(E0) |00) - (4.1)

Ist der Hamiltonoperator in der Form H (t) = Hy(t)+V (t) separierbar, lasst sich der zuge-
horige Zeitentwicklungsoperator U(t,0) bei Verwendung von atomaren Einheiten gemé&s
folgender Integralgleichung schreiben [41, 42]:

U(t,0) = Up(t,0) — i /0 " U ) V() Uo(t,0). (4.2)

Uo(t,0) stellt hier den Hy(t) zugeordneten Zeitentwicklungsoperator dar. In Gleichung
(4.1) eingesetzt ergibt sich

Uo(t,0) [60) — [ @t (6000 |U( OV Dol 0)[0n). (4.9

ape (t) = <<Z>(A,e)

Um die Wirkung des IR-Pulses auf die inneratomare Dynamik angemessen beschreiben
zu konnen, wird die Zerlegung in Gleichung (4.2) ein weiteres Mal angewendet, diesmal
auf den Operator U(t,t') in Gleichung (4.3). Die hierbei zugrunde liegende Separierung
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4 Quantenschwebungen in gebundenen Zustianden bei der Zwei-Photonen-Ionisation von Neon

des Hamiltonoperators wird mit H(t) = Ho(t) + V() bezeichnet. Damit ergibt sich fiir
die Ubergangsamplitude

ane(t) = <¢()\,e) Uo(t,0) ‘¢0> —i/Ot dt’ <¢(>\,e)

t ! t "
- ﬁ/dt )
A ., <@M

Uo(t,0) ist hier der zu Hy(t) gehorende Zeitentwicklungsoperator. Die Beziehung in Glei-
chung (4.4) kommt noch ohne Néherungen aus, und ist somit exakt.

Oo(t, ) V(t') Up(t',0) | o )

U@wvwﬁMﬂwvwnmumW)@@

4.2.2 Herleitung einer Niherung fiir die Ubergangsamplitude

Um die Ubergangsamplitude a(xe) (t) fiir den in Abschnitt 4.1 skizzierten Fall unter Ein-
wirkung eines XUV-Pump- und eines IR-Abfragepulses explizit berechnen zu koénnen,
werden einige Ndherungen vorgenommen. Zunéichst wird unter Anwendung der Dipolné-
herung fiir Licht-Materie-Wechselwirkung die erste Zerlegung des Hamiltonoperators als

H(t) = Ho + ﬁx(t) J+ F:ir(t) J (4'5)

gewahlt. Hy ist hierbei der Hamiltonoperator des ungestorten atomaren Systems, I:"x(t)
und Er(t) sind die zeitabhingigen elektrischen Felder jeweils des XUV- und des IR-
Pulses, und d stellt den Dipoloperator dar. Der Wechselwirkungsanteil V' (¢) in Gleichung
(4.4) ist dann durch V() = F.(t) d+ F.(t) d gegeben. Mit dieser Wahl verschwindet der
erste Term auf der rechten Seite von Gleichung (4.4), da die hier auftretenden Zustande
jeweils Eigenzusténde des selben (ungestorten) Hamiltonoperators sind.

Fiir die zweite Zerlegung werden zunéchst die beiden Projektoren P und @) eingefiihrt.
P projiziert dabei auf denjenigen Unterraum, der von den angeregten Zwischenzusténden
¢i,{i =2,...,n} aufgespannt wird, und @ auf den dazu orthogonalen Unterraum. Der
Hamiltonoperator des Gesamtsystems kann dann als

H(t)=PHOP+PHLQ+QH{t)P+QH()Q (4.6)

geschrieben werden, und die zweite Zerlegung wird so gewihlt, dass Ho(t) = P H(t) P und
V(t)=PH(t)Q+QH(t) P+QH(t) Q gelten. Mit dieser Wahl nun kann auch das erste
Integral in Gleichung (4.4) vernachldssigt werden, da es im Wesentlichen einen direkten
Ein-Photon-Ubergang in das Kontinuum beschreibt. In der vorliegenden Situation haben
die verwendeten Lichtpulse keine spektralen Anteile, die solch einen Ubergang erlauben
wiirden. Gleichung (4.4) vereinfacht sich damit zu

t t o . .
ano(t) = [t [’ B (0 | UG V) Golt'#) V(E)

0 t/

¢50> : (4.7)

E) ist hier die Energie des ungestorten Grundzustands ¢y.

Der néchste Schritt setzt voraus, dass in dem Anregungsschritt, der durch V(¢') be-
schrieben wird, nur der XUV-Anteil signifikant beitrdgt. In der in Abbildung 4.1 darge-
stellten Situation ist dies der Fall, wenn die Intensitéit des IR-Abfragepulses klein genug
ist, um Multiphotonen-Anregung ausschliefen zu kénnen. Dies sei als Bedingung fiir die
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4.2 Theoretisches Modell zur Beschreibung der Quantenschwebungen

Giiltigkeit des Modells angenommen, und der von Fi.(#') beschriebene Anteil in V(')
wird vernachléssigt. Weiterhin wird angenommen, dass die IR-Intensitdt auch so gering
ist, dass die Kontinuumszustidnde ¢, ) von den Laserpulsen unbeeinflusst sind. Fir den
exakten Zeitentwicklungsoperator U(t,¢"”) in Gleichung (4.7) kann dann derjenige des
ungestorten Systems, Uy(t,t”), eingesetzt werden. Mit diesen Niherungen wird die Uber-
gangsamplitude zu:

ape(t Z / dt’ dt” DT (30| V() To(t" 1)

6i) [Folt) dio) -

(4.8)
In diesem Schritt wurde eine Summe iiber die angeregten Zwischenzustinde ¢; eingefiigt.
Die d; ( stellen hier die Dipolmatrixelemente zwischen dem Grundzustand ¢¢ und diesen
Zwischenzusténden dar:

dip = <¢i J‘¢0>- (4.9)

Die letzte Naherung schliefflich basiert darauf, dass flir den lonisationsschritt aus-
schlieBllich der IR-Puls verantwortlich ist, und somit in dem Wechselwirkungsanteil V (")
der XUV-Beitrag vernachldssigt werden kann. Durch Einfiigen einer weiteren Summe
iiber alle angeregten Zwischenzustinde ¢; kann die Ubergangsamplitude a(xe(t) dann

als
¢z‘> :
(4.10)

=3 [l [l a0 (R ] (B dia] (] ot )

1,j=2
geschrieben werden. Analog zu Gleichung (4.9) stellen hier die

dirs = (P0o|d]o;) (4.11)

die Dipolmatrixelemente zwischen den gebundenen, angeregten Zwischenzustianden ¢;
und den Kontinuums-Zusténden ¢, ) dar.

4.2.3 Analyse der physikalischen Bedeutung

Gleichung (4.10) beschreibt die Ubergangsamplitude fiir den Fall einer Sequenz aus einem
schwachen XUV- und einem moderat intensiven IR-Puls mit beliebigen Pulsformen. Die
vorliegende, in Abbildung 4.1 dargestellte Situation erméglicht allerdings noch weitere
Vereinfachungen, die es erlauben, Gleichung (4.10) in eine instruktivere Form zu bringen.
Unter der Annahme dass der XUV-Puls nur in dem Zeitintervall von ¢ = 0 bis t =
T, wirkt, und der IR-Puls von ¢t = 7 bis t = 7 4 T}, wobei 7 > T, gelte, kann die
Ubergangsamplitude a(re) (t) fiir einen Zeitpunkt nach Abschalten der Pulse als

apn o (T4 Tir) = —e T Y " e T 45N e) (4.12)
i=2

geschrieben werden. Darin tauchen die neu definierten Funktionen

Ai(A €)= [ (B — E) J Z/T Cdt et [-ﬁir(t) J(A,e),j] <¢j‘UO(t7T)

%)

(4.13)
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auf. Hierin wiederum stellt

Fo(w) = /_ O:O dt ¢! B (1) (4.14)

die Fouriertransformierte des XUV-Pulses F.(t) dar, die in Gleichung (4.13) an den Uber-
gangsenergien w; = F; — Ey aus dem Grundzustand ¢ in die jeweiligen Zwischenzustinde
¢; ausgewertet wird. Da alle diese Gleichungen im atomaren Einheitensystem aufgestellt
wurden, haben hier Energien und Kreisfrequenzen die gleiche Dimension. Obwohl in den
Integrationsgrenzen in Gleichung (4.13) die Verzégerung 7 auftaucht, hiangt der Wert des
Integrals nicht von 7 ab, da sich alle zeitabhéngigen Funktionen im Integranden auch
mit 7 verschieben. Die Abhiingigkeit der Ubergangsamplitude von 7 ist allein durch die
Exponentialfunktionen e~*#7 in Gleichung (4.12) gegeben.

Ausgehend von der Ubergangsamplitude in Gleichung (4.12) lidsst sich das resultierende
Photoelektronenspektrum Y (7, €) als Funktion der Verzégerung 7 und der Endzustands-
energie € berechnen:

n
Y(re) =Y ]aw) (t+ T,)\2 ~ 0N e ETEIT 45N, ) AT (N ). (4.15)
A A i,j=2

Fiir ¢ # j treten hierin die Quantenschwebungen als mit der Verzogerung 7 oszillierende
Exponentialfunktionen auf. Die Kreisfrequenzen dieser Schwebungen ergeben sich gerade
zu Q;; = (E; — E;), entsprechen also den Differenzenergien der beteiligten Zwischenzu-
stande. Die Summe tiber ¢ und j in Gleichung (4.15) hat die Form einer Fourierreihe.
Jeder auftretenden Quantenschwebung wird hier ein Fourierkoeffizient A;(A, €) A7 (A, €)
zugeordnet, der aus den Amplituden in Gleichung (4.13) zusammengesetzt ist. Die Fou-
rierkoeffizienten sind hier Funktionen der Energie € des betrachteten Endzustands.

Der Ausdruck <¢j’ Uo(t, 7) ¢i> in Gleichung (4.13) beschreibt die Dynamik in den an-

geregten Zustianden ¢;,{i = 1,...,n}, welche durch das externe Feld des IR-Laserpulses
getrieben wird. Hieriiber kénnen die Amplituden A;(\, €) variiert werden, was eine An-
derung der Fourierkoeffizienten der einzelnen Quantenschwebungen nach sich zieht. Der
Zeitentwicklungsoperator Uo(t, 7) ist dabei dem Hamiltonoperator Hy (t) zugeordnet. Da
in der vorliegenden Situation im Wesentlichen nur der IR-Laserpuls fiir diese Dynamik
verantwortlich ist, kann H (t) durch

Ho(t) = PH(t) P~ P [Hy + F,(t) d] P (4.16)

angendhert werden. Im Fall geringer IR-Intensitét, so dass zwar lonisation, aber keine
wesentliche Kopplung der gebundenen Zustdnde auftritt, werden die Matrixelemente von
Uo(t, 7) auf deren ungestorte Werte reduziert:

<¢j‘ Uo(t, )

¢z> = (Sij e_iEi(t_T). (4.17)
Die Amplituden A;(), €) vereinfachen sich dadurch zu
A\ €) = [Bale = Bi) dis o). [Fo(B: — Eo) i) (4.18)

F;,(w) ist dabei analog zu Gleichung (4.14) die Fouriertransformierte des IR-Pulses, die
hier an den Ubergangsenergien von einem gebundenen Zustand mit Energie E; in einen
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4.3 Implementierung des Modells in einer Computersimulation

Kontinuumszustand mit Energie € ausgewertet wird. Quantenschwebungen im Photoelek-
tronenspektrum mit der Kreisfrequenz §;; = (E; — E;) treten in diesem Fall nur bei sol-
chen Energien € auf, fiir die das Produkt ‘Fir(e — E;) ‘ET(G — E])’ von Null verschieden
ist. Diese Bedingung entspricht genau der in Abbildung 4.1 dargestellten Anforderung,
dass die spektrale Breite des IR-Pulses gréfler als der Energieabstand der Zwischenzustén-
de ¢; sein muss, so dass bei der Ionisation ein Uberlappbereich im Kontinuum entsteht.
Dies ist auch gleichzeitig aquivalent zu der Forderung, dass die Pulsdauer des IR-Pulses
kiirzer als die in den Zwischenzustdnden ablaufende Dynamik sein muss.

Wenn der Einfluss des IR-Laserpulses auf die inneratomare Dynamik grofler wird,
kénnen Effekte wie die AC-Stark Verschiebung oder Besetzungsumverteilungen auftre-
ten. Diese werden dann durch die Matrixelemente von Uo(t,T) beschrieben, und tber
die Amplituden A;(A,€) nach Gleichung (4.15) auf die Fourierkoeffizienten der einzel-
nen Quantenschwebungen im Photoelektronenspektrum abgebildet. Diese wiederum sind
daher nicht nur eine Funktion der Energie € des Endzustands, sondern auch der Intensi-
tét des IR-Pulses. Die durch die getriebene, inneratomare Dynamik verursachten Effekte
treten in einem Intensitdtsbereich des IR-Pulses auf, der keine einfache Beschreibung
der Vorginge durch die Storungsndherung mehr zulédsst. Durch sorgféltige Analyse der
Veréinderungen in der Ausprigung der Quantenschwebungen ist es nun aber mdglich,
Informationen tiber die ablaufende Dynamik des angeregten Wellenpakets im moderat-
intensiven Laserfeld zu erhalten.

4.3 Implementierung des Modells in einer Computersimulation

Das in Abschnitt 4.2 aufgestellte Modell wurde mit der Software Mathematica® 7 imple-
mentiert um die Abhéngigkeit der Auspragung der Quantenschwebungen von der Intensi-
tat des IR-Pulses zu berechnen. Der in dem Modell nicht durch Néherungen beschriebene
Aspekt der Dynamik in den gebundenen atomaren Zustdnden im Feld des IR-Pulses
wurde dabei numerisch berechnet.

4.3.1 Ubertragung der experimentellen Parameter in die Simulation

Der in den Experimenten in Abschnitt 4.4 verwendete XUV-Puls besteht aus mehreren
Harmonischenordnungen. Der Anteil der 13. Ordnung mit einer zentralen Photonenener-
gie von 20,41 eV liegt dabei spektral ~ 1,15 eV unterhalb der Ionisationsschwelle von Neon
(Ip = 21,56€eV), und damit in dem Bereich, aus dem hochangeregte Zustédnde des Neon
mit einem weiteren IR-Photon der Energie 1,57 eV ionisiert werden konnen. Die spek-
trale Halbwertsbreite der 13. Harmonischen von ~0,4eV ermoglicht es, unter Bertick-
sichtigung der Auswahlregeln fiir elektrische Dipoliiberginge, insgesamt vier angeregte
Zusténde signifikant zu besetzen. Zur besseren Ubersichtlichkeit werden diese hier mit
den Kurzbezeichnungen 2—5 durchnummeriert. Thre genauen Konfigurationsterme, sowie
die jeweiligen Anregungsenergien, sind in Tabelle 4.1 angegeben.

Fiir tiefer liegende Zustinde, an welche die angeregten Zwischenzustinde dem Mo-
dell nach gekoppelt werden koénnen, kommen nur solche in Frage, die durch einen dipol-
erlaubten Ubergang von den oberen Zustinden aus erreichbar sind. Die Zwischenzustéinde
haben alle einen Gesamtdrehimpuls von J = 1. Die Quantisierungsachse wird parallel zu
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Kurzform | Konfiguration Term | J | Energie [eV]
1 2522p° (PP ) 3p | 2[1/2° | 0| 18.966
2 2522p° (2Pg)y) 55 | 2[3/2° | 1| 20571
3 2522p° (2Pg)y) 55 | 2[1/2° | 1| 20.663
4 2522p° (2Pg)y) 4d | 2[1/2)° [ 1| 20.702
5 2522p° (2P, ) 4d | 2[3/2° | 1| 20.709

Tabelle 4.1: Konfigurationsterme und Anregungsenergien der beteiligten gebundenen
Zustiande in Neon [43]. Im Text werden tiberwiegend die Kurzbezeichnungen 1-5
verwendet. Die Bezeichnung 1 bezieht sich auf den tiefer liegenden Kopplungszu-
stand, 2-5 auf die von dem XUV-Puls angeregten Zwischenzustiande.

der Polarisation des XUV-Pulses gewahlt, so dass dann mj = 0 gilt. Da die Polarisation
des TR-Pulses ebenfalls parallel dazu steht, gilt fiir einen Dipoliibergang die Auswahl-
regel Amjy = 0. Somit miissen also auch alle in Frage kommenden Kopplungszustédnde
my = 0 aufweisen. Aufgrund der Auswahlregel AJ = +1 kénnen nur Zusténde mit einem
Gesamtdrehimpuls von J = 0 oder J = 2 erreicht werden [44]. Insgesamt fiinf Zustén-
de erfillen diese Anforderung, jedoch nur bei einem davon liegt die Energiedifferenz zu
den Zustdnden 2-5 innerhalb des Spektrums des IR-Pulses. Dieser Zustand wird mit der
Kurzbezeichnung 1 versehen, und ist ebenfalls in Tabelle 4.1 aufgefiihrt. In der Simulation
werden nur diese 5 gebundenen Zustédnde berticksichtigt.

Fiir den zeitlichen Verlauf der Amplitude der oszillierenden Feldstérke des IR-Pulses
wird eine sin?(¢)-Form angenommen. Im Gegensatz zu anderen, oft verwendeten Modell-
funktionen wie sech(t) oder exp(—t2) hat diese Funktion Nulldurchginge, die als definierte
Anfangs- und Endzeitpunkte des Pulses gewéhlt werden kénnen. Das vereinfacht die Ver-
wendung in dem in Abschnitt 4.2 aufgestellten Modell. Zudem kann so auch eine Funktion
konstruiert werden, die an diesen Punkten noch differenzierbar ist, was das Entstehen von
Artefakten in der numerischen Simulation verhindert. Fiir die in den Gleichungen auf-
tauchende Feldstiarke des IR-Pulses wird daher

F,.(t) = € sin (F(;—T)) cos (wir (t — 7)), te[r,1+Ty] (4.19)
7

angenommen. T;,. ist darin die Dauer des Pulses und w;, die Kreisfrequenz des Lichtfelds.

Experimentell wurde die Pulsdauer des verwendeten IR-Lasersystems tiber die Halbwerts-

breite des Intensitdtsverlaufs mit einem Autokorrelator zu 25 fs bestimmt. Da die Inten-

sitdt proportional zum Quadrat der Feldstdrke in Gleichung (4.19) ist, entspricht dies

einem Wert fiir 75, von 68 fs.

4.3.2 Algorithmus zur numerischen Berechnung der Dynamik

Durch die Kopplung der angeregten, gebundenen Zustédnde ¢; untereinander durch die
Wirkung des IR-Pulses wird die Zeitentwicklung des angeregten Wellenpakets veréndert.
Diese Dynamik wird in dem Modell durch die Matrixelemente von Uy(t,7) beschrieben,
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lasst sich aber nicht analytisch berechnen, und ist in dem hier aufgestellten Modell auch
nicht durch Néherungen zugénglich. Sie wird daher numerisch berechnet. Ausgangspunkt
ist die Betrachtung des Zeitentwicklungsoperators Uy(t, 7) und der zeitabhéngigen Schro-
dingergleichung,

o -~ . .
i aUO(tv T) = HO(t) UO(tv T)a (420)
welcher Uy (t, ) geniigen muss. Die konkrete Berechnung ist im folgenden Abschnitt 4.3.3
ausgefiihrt. Um diese zu vereinfachen wird dort die zunédchst unbekannte Matrix Uy mit
einer gegebenen Transformationsmatrix 7'(¢) geméaf

Uop(t,7) = T(t) B(t,7) (4.21)

substituiert. Durch Einsetzen in Gleichung (4.20) ergibt sich dann fiir die Matrix B(¢, 7)
die Differenzialgleichung

z'gtB(t,T) =T (1) (ﬁo(t) T(t) — i T(t)) B(t, 7). (4.22)

=M (t)

Diese Differentialgleichung fiir B(t,7) wird anschlieflend in der Simulation mit den An-
fangsbedingungen B(7,7) = I und T'(7) = I, sowie einer Schrittweite ¢t numerisch gelost.
I stellt hier die Einheitsmatrix dar. Dazu werden zunédchst B(t,7) und B(t+ dt,7) durch
eine Reihenentwicklung um B(t + %,T) bis zur ersten Ordnung angenéhert, und durch
Einsetzen von Gleichung (4.22) umgeformt:

ot 0 ot\ ot Ot ot ot
(4.23)

ot 0 ot\ ot Ot ot ot
(4.24)

Da die Matrix M in jedem Fall selbstadjungiert ist, kann {I + i%M (t + %)} stets in-
vertiert werden. Aus Gleichung (4.23) folgt dann

-1
B (t + 5;,7) ~ [I+ i%M (t + 5;)] B(t, 1), (4.25)

und durch Einsetzen in Gleichung (4.24) ergibt sich schlielich die Gleichung fiir die
numerische Berechnung eines Zeitschritts ¢ — ¢ + 0t zu:

B(t + 0t 1) ~ [I - z‘%M (t + 5;” [z - %M (t + 5;)}_1 B(t,7). (4.26)

Durch dieses Verfahren ist gewéhrleistet, dass die Eigenschaft der Unitaritdt der Matrix
erhalten bleibt [45].
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4.3.3 Numerische Berechnung der Dynamik in den Zwischenzustanden

Fiir die Kopplung der Zustdnde 2-5 an den Zustand 1 ist nach Gleichung (4.16) aus-
schliefllich der IR-Puls verantwortlich. Die Kopplungen der Zustdnde 2-5 untereinander
werden vernachléssigt, da der IR-Laserpuls nicht in Resonanz mit den vergleichsweise klei-
nen Energiedifferenzen dieser Zusténde ist. Die Dynamik des Systems in den 5 relevanten
Zustédnden wird daher durch folgende Hamiltonsche Matrix beschrieben:

- Eq . Fy, (1) 651,2 Fy (1) J1,3 Fy, (1) 651,4 Fy, (1) ﬁ1,5
F; (t)d2, E, 0 0 0
Ho(t) = | Fy(t)ds, 0 Es 0 0 . (427)
F; (t)ds, 0 0 E, 0
(1) ds g 0 0 0 Es

Um die Berechnung zu vereinfachen, ist es vorteilhaft, die Diagonalelemente der Hamil-
tonschen Matrix M (t) in Gleichung (4.22) verschwinden zu lassen. Dazu wird Uy(¢, 7)
nach Gleichung (4.21) mit 7' B(t, ) substituiert. Die verwendete Transformationsmatrix
T(t) ist

et (t=T) 0 0 0 0
0 e~ B (t=7) 0 0 0
T(t) = 0 0 e Es(t=7) 0 0 (4.28)
0 0 0 e~ tEa(t=7) 0
0 0 0 0 e~ B (=)
Die Matrix M (t) hat dann die Form
0 M1,2(t> Mljg(t) M174(t> M1’5(t)
My () 0 0 0 0
M((t)=| Msi(t) 0 0 0 0 , (4.29)
My (1) 0 0 0 0
Ms () 0 0 0 0
wobei die von Null verschiedenen Elemente durch
M; j(t) = Fy(t) d; j P (4.30)

gegeben sind. Hierin bezeichnet A;; = E; — F; die Energiedifferenz der Zusténde 7 und
4. Wird nun fiir die IR-Laserfeldstiirke F,.(t) der Ansatz aus Gleichung (4.19) eingesetzt,
und die dort auftretende Kosinusfunktion geméf

1, . A
cos (wirt) = = (e“”“”t + e_w”t) (4.31)

2

in Exponentialfunktionen konvertiert, so wird Gleichung (4.30) zu

M () = %sz (77(’;T)> Eirdy g (@ )t=m) 4 i(By=wir)i=n)) (4.32)
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Da nur die nahezu resonanten Kopplungen beachtet wurden, liegen die Energiedifferenzen
A;; alle in der Ndhe der IR-Photonenenergie w;,. Daher stellen die beiden Exponential-
funktionen in Gleichung (4.32) stets einen schnell und einen langsam oszillierenden Anteil
dar. Welcher der beiden Terme schnell, und welcher langsam oszilliert, hangt vom Vor-
zeichen von A;; ab. In den mafigeblichen Integralen mitteln sich die schnell oszillierenden
Anteile weitestgehend weg, so dass sie hier vernachléssigt werden kénnen. Diese in der
Atomphysik gebrduchliche Naherung wird tiblicherweise mit dem englischen Ausdruck
srotating-wave-approximation® (RWA) bezeichnet.

Mit der so vereinfachten Matrix M (t) konnte Gleichung (4.22) mit Hilfe von Gleichung
(4.26) unter Verwendung von Mathematica® 7 schrittweise numerisch gelost werden. Die
Grofle der Zeitschritte 6t wurde dazu mit 2 fs klein gegeniiber den kiirzesten auftretenden
Periodendauern in den oszillierenden Exponentialfunktionen von (27)/(As1 —wiy) ~ 30fs
gewahlt.

4.3.4 Berechnung der Amplituden der Quantenschwebungen

Geméf Gleichung (4.15) wird in der theoretischen Beschreibung die Amplitude einer
Quantenschwebung mit der Frequenz, die der Energiedifferenz A;; entspricht, als Ab-
solutwert des zugeordneten Fourier-Koeffizienten A; (A, €) A7 (A, €) bestimmt. Neben den
numerisch ermittelten Werten der Matrixelemente von Up(t,7) miissen auch samtliche
anderen auftretenden Groéflen bestimmt werden, um die Quantenschwebungsamplituden
simulieren zu kénnen. Fiir die Dipolmatrixelemente J(A,e),j von den Zwischenzustianden
ins Kontinuum sind dafiir keinerlei Angaben in der Literatur zu finden. Fiir diese wur-
den daher nachdem alle anderen Parameter festgelegt waren Testwerte eingesetzt, um zu
iiberpriifen, ob die derart simulierten Quantenschwebungsamplituden die experimentell
gefundenen erkldren kénnen. Um den Umfang an zu iiberpriifenden Werten moglichst
klein zu halten, wurde eine Einschrankung auf reelle Werte der Matrixelemente vorge-
nommen. Dariiber hinaus wurde davon ausgegangen, dass sich die Elemente fir die (5s)-
Zusténde (7 = 2,3) und die (4d)-Zustande (j = 4,5) jeweils nicht unterscheiden. Auch
eine denkbare explizite Abhéngigkeit der Werte der Matrixelemente von den Parametern
e und X\ wurde vernachléssigt. Da die Simulation keine quantitativen Voraussagen treffen
kann, und fiir qualitative Aussagen nur das relative Verhéltnis der Dipolmatrixelemente
ausschlaggebend ist, wurde der Wert fiir die Matrixelemente fiir die Ionisation aus den
(5s)-Zustanden willkiirlich auf +1,0 gesetzt. Die plausibelsten Ergebnisse ergaben sich
dann, wenn der Wert fiir die (4d)-Zustdnde mit —1,3 angenommen wurde.

Fiir den Feldstéirkenverlauf des IR-Pulses Fy, (t) wurde wie bereits zuvor der Ansatz aus
Gleichung (4.19) gemacht. Erneut wurde auch hier die Kosinus-Funktion nach Gleichung
(4.31) in Exponentialfunktionen umgewandelt. Werden nun in Gleichung (4.13) statt der
Elemente der Matrix Up(t, 7) die numerisch berechneten Elemente der Matrix B(t, 7) ein-
gesetzt, muss zuséitzlich noch die Transformationsmatrix 7'(t) vorangestellt werden. Dies
bedeutet dann, dass jede Zeile von B(t,7) noch mit e~*#{=7) multipliziert wird. Fiir
jeden Wert des Index ¢ lassen sich dann alle auftauchenden Exponentialfunktionen fiir
den Ionisationsschritt im Integranden zusammenfassen. Hier wird wieder von der RWA
Gebrauch gemacht, um den schnell oszillierenden Teil (e!(¢~Fitwir)(t=7)) zu vernachlissi-
gen. Da dieses Modell nur qualitative Aussagen treffen kann, kénnen konstante Faktoren
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i,j gf(i,7) Ajj [Ry] d; ;| [au]
1,2 4,58-1073 0,118 0,34
1,3 7,2-1073 0,125 0,42
1,4 5,04-1073 0,128 0,34
1,5 1,43-1072 0,128 0,58

Tabelle 4.2: Die Oszillatorstirken gf (i, j) fiir die Ubergéinge zwischen den Zusténden i
S 2
dij

dem Betrag der Dipolmatrixelemente JM verkniipft. Die Mafleinheit der hier ein-

zusetzenden Energiedifferenzen A;; ist Rydberg (Ry)! die Matrixelemente ergeben
sich dann in atomaren Einheiten.

und j sind aus [46] iibernommen. Diese sind iiber gf(i,j) = % |E; — Ej| mit

ebenfalls ignoriert werden. Gleichung (4.13) bekommt damit die Form

Ai (N\e) = [Fx (E; — Ep) Ji,O} Z/ dt (ei(e_E"_w”)(t_T» Erdiro) <¢j’ B(t,T)

0i)
(4.33)
Fiir die benotigten Dipolmatrixelemente des Anregungsschritts d_;-p kénnen zumindest
deren Absolutwerte aus theoretisch ermittelten, tabellierten Werten fiir die jeweiligen
Oszillatorstérken berechnet werden [46]. Lediglich eventuelle Phasen der Matrixelemente
gehen durch dieses Vorgehen verloren. Die Auswirkungen des Vorgehens auf die Genauig-
keit der Ergebnisse werden in Abschnitt 4.6 diskutiert. Die Literaturwerte fiir die Oszilla-
torstirken der relevanten Uberginge, sowie die daraus abgeleiteten Dipolmatrixelemente,
sind in Tabelle 4.2 aufgelistet. Schliefilich wurden die spektralen Anteile des XUV-Pulses
bei den entsprechenden Frequenzen F, (E; — E,) anhand direkter Ionisationsmessungen
mit der 13. Harmonischen an Argon aus Abbildung 4.2(a) abgeschétzt.
Mit diesen Werten konnte nun Gleichung (4.33) fiir alle angeregten Zustiandei = 1,...,5
als Funktion der Energie € des Endzustands berechnet werden.

4.3.5 Zusammenfassen der auftretenden lonisationskanale

Neben der Gesamtenergie € des Endzustands taucht in Gleichung (4.33) noch der Para-
meter A auf, mit dem verschiedene Ionisationskanéle charakterisiert werden. Diese Kanéle
fithren zu unterscheidbaren Endzustdnden, die aber gegebenenfalls gleiche Energie haben
konnen. Die Endzustidnde werden durch den Gesamtdrehimpuls des zuriickbleibenden
Tons, den Bahndrehimpuls des Photoelektrons und den Gesamtdrehimpuls des komplet-
ten Systems beschrieben. Zwar ist der Bahndrehimpuls einzelner Elektronen fiir Mehr-
elektronensysteme wie das Neon-Atom keine gute Quantenzahl mehr, doch trdgt in der
Regel zu jedem Zustand eine Bahndrehimpulsquantenzahl dominant bei, die dann in der
Beschreibung verwendet wird. Da es sich bei dem Ubergang aus den Zwischenzustin-
den 2-5 in einen Endzustand um einen Ein-Photon-Ionisationsvorgang handelt, kann der
dominant vorliegende Bahndrehimpuls des Photoelektrons nur p-Charakter haben, wenn

11 Ry entspricht der ersten Ionisierungsenergie des Wasserstoffs (= 13,606 eV)
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¢; | Konfiguration J = 0 Endzustande J = 2 Endzustédnde

2 | (*Psy2)5s(3/2] | (PPspa)ep[1/2], (Prj2)ep[1/2] | (*Psja)ep[3/2], (*Psja)ep [5/2],
(*Prja)ep[3/2

)
]
3 | (PP12)5s(1/2] | (P3ja)ep[1/2], (PPrj2)ep[1/2] (2P3/2)6p[3/2}7(2P3/2])€P[5/2],
)
)

(*P1y2)ep[3/2

4 | (*P3j0)4d[1/2] | (*P3j2)ep[1/2], (*Pyja)ep[1/2] 21'33/2 ep[3/2], (*P3/2)ep [5/2],
Pyya)ep[3/2], (PPsp)ef [3/2],

)
)
2Py0)ef 13/2], (CPyj)ef [5/2]
)
)
)

5 | (*P32)4d[3/2] | (*Pyso)ep[1/2], (*Pyjo)ep[1/2] | (*Pyso)ep[3/2], (*Psjo)ep[5/2],
*Pyjp)ep[3/2], PPsj2)ef [3/2],

(
(?
(
o
(2P3/2 ef [5/2], (2P1/2)€f 3/2]

Tabelle 4.3: Ubersicht iiber alle Endzustéinde des Gesamtsystems aus Ion und Photo-
elektron, die von den Zwischenzustinden ¢; aus erreicht werden kénnen. Der Ge-
samtdrehimpuls J des Endzustands kann nur die Werte 0 oder 2 annehmen.

aus den (5s)-Zustanden ionisiert wird (Zustdnde 2 und 3), bzw. p- oder f-Charakter,
wenn der betreffende Zwischenzustand ein (4d)-Zustand war (Zustdnde 4 und 5). Da die
Zwischenzustinde nun alle einen Gesamtdrehimpuls von J = 1 haben, und die Polari-
sationen des XUV- und des IR-Pulses parallel zueinander sind, gelten hier die gleichen
Einschrankungen wie fiir die moglichen Kopplungszustédnde, die in Abschnitt 4.3.1 dis-
kutiert wurden. Die Endzustdnde kénnen nur J = 0 oder J = 2 aufweisen [44]. Dadurch
ergeben sich fiir jeden Zwischenzustand mehrere mégliche erreichbare Endzusténde, die
alle in Tabelle 4.3 aufgelistet sind.

Mit dem in den Experimenten verwendeten Elektronenspektrometer (MBES, siehe Ab-
schnitt 3.4) ist es nur moglich, die kinetische Energie von Photoelektronen zu messen. Fiir
die Simulation wurde nun der Energienullpunkt am Grundzustand des Neon fixiert. Daher
berechnet sich die kinetische Energie des Photoelektrons im Kontinuum als e, = € — I,.
Die Drehimpulse der Photoelektronen und der zuriickbleibenden Ionen kénnen mit dem
MBES nicht unterschieden werden. Ungeachtet dessen sind Endzusténde, die sich in die-
sen Quantenzahlen unterscheiden, aber trotzdem nicht in dem in Abschnitt 4.2 disku-
tierten Sinn interferenzfahig. Um die Quantenschwebungsamplituden bei einer gegebenen
kinetischen Energie ei;, der Photoelektronen zu erhalten, miissen daher geméafi Gleichung
(4.15) die Fourierkoeffizienten A;(A,€) A% (A, €) fiir alle auftretenden lonisationskanile A
getrennt berechnet, und anschliefend summiert werden. Die gesuchte Amplitude ergibt
sich dann als Betrag dieser Summe. Hierbei ist zu beachten, dass das Ionisationspotential
I, in verschiedenen Ionisationskandlen A unterschiedlich sein kann, und dann die selbe
kinetische Energie der Photoelektronen eg;, verschiedenen Gesamtenergien e entspricht.
Es konnen also Photoelektronen mit der selben gemessenen kinetischen Energie g;, zu
Endzustdnden mit unterschiedlicher Gesamtenergie ¢ gehoren.

In einer ersten, vereinfachenden Annahme wurde die Zahl der beachteten Ionisations-
kanéle auf zwei begrenzt. Es wurde nur die Unterscheidung zwischen Endzusténden mit
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’p; /2- und ’p, s2-lonenrumpf gemacht. Dies sind gerade die beiden Kanéle, fiir die sich die
Tonisationspotentiale I, unterscheiden. Im Ne™ 2P; s2-Kanal betriagt es I, = 21,565€V,
im Net 2P, s2-Kanal sind es I;, = 21,661 eV. Aus Abbildung 4.2(b) ist ersichtlich, dass die
Energiedifferenz der Ionisationspotentiale mit 96 meV kleiner als die Halbwertsbreite des
IR-Laserpulses von 130 meV ist. Daher tiberlappen die Spektren der in beiden Kanélen
erzeugten Photoelektronen.

Schliefllich ist aus der Literatur bekannt, dass der Drehimpuls des Ionenrumpfs der
Zwischenzustdnde 2-5 relativ gut definiert ist [47, 48]. In der Simulation wird daher da-
von ausgegangen, dass dieser in dem Ionisationsschritt erhalten bleibt. Das bedeutet, dass
bei der Berechnung des 2P s2-Kanals nur Beitrage aus den Zwischenzustanden mit ’p, /2
Tonenrumpf (2, 4 und 5) beitragen kénnen, und analog fiir den 2P, /s2-Kanal nur Zustand
3 beachtet wird. In der Berechnung wurden die Dipolmatrixelemente fiir die dieser Uber-
legung nach verbotenen Uberginge entsprechend auf Null gesetzt. Die Ergebnisse der
Simulation sind in Abbildung 4.7 dargestellt, und werden in Abschnitt 4.5 ausfithrlich
analysiert.

4.4 Messung der Quantenschwebungen im Experiment

Der in Kapitel 3 beschriebene Aufbau erlaubt es, eine Sequenz aus ultrakurzen XUV-
und IR-Pulsen mit préazise kontrollierbarer relativer Verzogerung zu synthetisieren. Wéhlt
man sorgfiltig die Zentralfrequenz der Ausgangslaserstrahlung, so ldsst sich der erzeugte
XUV-Puls derart gestalten, dass er einen signifikanten Anteil im interessierenden Spek-
tralbereich hat. Zusammen mit der Moglichkeit, die kinetische Energie von erzeugten
Photoelektronen im MBES zu messen, erlaubt der Aufbau dann die experimentelle Un-
tersuchung von Quantenschwebungen im Photoelektronenspektrum, wie sie in Abschnitt
4.1 skizziert wurden.

4.4.1 Details des verwendeten Aufbaus

Als Basis der Untersuchungen wurde die Strahlung des in Abschnitt 3.1.1 beschriebenen
Lasersystems verwendet. Die spektrale Verteilung des damit erzeugten XUV-Pulses wurde
durch Photoionisation von Argon bestimmt, und ist in Abbildung 4.2(a) dargestellt. Da
das Ionisationspotential von Argon (I, = 15,7596 €V) etwa mit der langwelligen Transmis-
sionsgrenze des installierten Aluminiumfilters zusammenfillt, kann mit dieser Methode
das gesamte Spektrum des im Experiment verwendeten XUV-Pulses vermessen werden.
Zu erkennen ist, dass die 11. Harmonischenordnung bei ~17,3eV deutlich geringere In-
tensitat aufweist, als die 13. Ordnung. Dies hat seine Ursache darin, dass die 11. Ordnung
noch im Anstiegsbereich der Transmission des Aluminiumfilters liegt (siche Abbildung
3.4). Die 15. Ordnung ist bereits wieder deutlich schwécher ausgepréagt. Offensichtlich liegt
in diesem Bereich der Cutoff der Harmonischenerzeugung fiir die verwendeten Parameter.
Die dominante Ordnung H13 ist gerade diejenige, mit der die in Tabelle 4.1 aufgefiihrten
Zwischenzustiande 2-5 angeregt werden konnen. Bei den in Abbildung 4.2(a) zwischen
den Ordnungen H11 und H13 scheinbar nachgewiesenen Photoelektronen handelt es sich
um Messartefakte, die durch ein Uberschwingen des MCP-Detektor-Signals aufgrund der
groflen Intensitét des H13-Signals verursacht wurden.
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Abbildung 4.2: (a) Spektrale Zusammensetzung des XUV-Pulses, ermittelt durch Pho-
toionisation von Argon. Die jeweils zugeordneten Harmonischenordnungen sind an
den einzelnen auftretenden Spitzen angegeben. (b) Spektrale Verteilung des IR-
Pulses.

In Abbildung 4.2(b) ist die mit einem Infrarot-Spektrometer gemessene spektrale Ver-
teilung des IR-Pulses dargestellt. Das Spektrum hat eine zentrale Photonenenergie von
1,57eV bei einer Halbwertsbreite von ~0,13eV. Die Intensitidt des IR-Pulses am Wech-
selwirkungsort im Elektronenspektrometer konnte iiber eine Blende im Strahlengang im
entsprechenden Arm der interferometrischen Pulsverzégerungseinheit variiert werden. Die
Verzogerung zwischen den beiden Pulsen konnte mit den in Abschnitt 3.2 beschriebenen
Methoden in einem weiten Bereich von = 1100 fs eingestellt werden.

4.4.2 ldentifizierung verschiedener Beitrage zum Photoelektronenspektrum

Die derart priaparierte Pulssequenz wurde dazu benutzt, Neon-Atome zu ionisieren, und
die kinetische Energie der erzeugten Photoelektronen wurde darauthin mit dem MBES
gemessen. Drei Beispiele solcher Spektren fiir verschiedene Zeitverzogerungen sind in Ab-
bildung 4.3(a) dargestellt. In allen drei Spektren ist deutlich ein hohes Signal bei ~2eV
Uberschussenergie zu erkennen. Dieses ist auf die direkte Ein-Photon-Ionisation von Neon
durch die 15. Harmonischenordnung (H15) des XUV-Pulses zuriickzufithren (Ionisations-
potential von Neon: I, = 21,565 eV; Energie der 15. Harmonischen: ~23,55eV). Ebenso
ist bei einer kinetischen Photoelektronenenergie von 5,1 eV noch schwach das Signal der
direkten Ionisation durch die 17. Ordnung zu erkennen. Wie aber auch in Abbildung
4.2(a) zu erkennen ist, tritt diese Ordnung im XUV-Puls nur noch &duflerst schwach auf.
Der IR-Puls spielt bei der Erzeugung dieser Photoelektronen zunéchst keine Rolle. Im
Fall eines zeitlichen Uberlapps der XUV- und IR-Pulse, wie es zum Beispiel auch in Ab-
bildung 4.3(a) dargestellt ist, taucht zwischen den Ordnungen H13 und H15 bei 3,5eV
jedoch ein Seitenband auf, welches auf Zwei-Photonen-Prozesse zuriickzufiihren ist, die
unter diesen Bedingungen auftreten [23]. Photoelektronen mit dieser kinetischen Energie
konnen zum einen durch gleichzeitige Absorption eines H15- und eines IR-Photons, aber
auch durch Absorption eines H17- und simultane stimulierte Emission eines IR-Photons
erzeugt werden. Die Stéarke der Signale durch direkte Ein-Photon-Ionisation nimmt in die-
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Abbildung 4.3: (a) Aufgenommene Photoelektronenspektren von Neon fiir verschiede-
ne zeitliche Folgen der XUV-IR-Pulssequenz. Die Verzogerung zwischen den Pulsen
in dem Beispielspektrum, bei dem der XUV-Puls vor dem IR-Puls kam, betragt
7 = 400fs. Erst hier ist in dem Energiebereich unterhalb von 1eV ein lonisati-
onssignal sichtbar. (b) Kummuliertes Ionisationssignal aus dem Bereich zwischen
0,4 und 0,9eV fir die Verzogerungen von 0 bis 600fs aufintegriert, als Funktion
der Intensitdt des IR-Pulses. Die graue Regressionsgerade verdeutlicht den linearen
Zusammenhang.

sem Fall ab, da hier keine zusétzlichen Photoelektronen erzeugt werden, sondern lediglich
eine Umverteilung im Energiespektrum stattfindet.

Weiterhin ist zu erkennen, dass die kinetische Energie der Photoelektronen aus der
Ein-Photon-Ionisation mit der XUV-Strahlung im Fall des XUV-IR-Uberlapps zu leicht
kleinerer Energie hin verschoben ist. Die Ursache dieses Phénomens ist die Tatsache, dass
durch die Anwesenheit des IR-Laserfelds zum Zeitpunkt der Ionisation das Ionisations-
potential um die ponderomotorische Energie angehoben wird [49]. Experimentell wurde
dieser Effekt ausgenutzt um durch Ausmessen der Energieverschiebung die Spitzenin-
tensitat des IR-Pulses am Ionisationsort abzuschitzen. Der Zusammenhang zwischen der
Intensitédt des IR-Pulses I;- und der ponderomotorischen Verschiebung Up ist in atomaren
Einheiten durch Gleichung (2.5) gegeben, oder bei Verwendung von SI-Einheiten durch

2[,
Up=—" _ (4.34)

 2me € Cw
Hierin sind e die Elementarladung, m,. die Elektronenmasse, ¢y die Dielektrizitétskon-
stante und c die Lichtgeschwindigkeit.

Wenn der IR-Puls erst mit zeitlicher Verzogerung auf den XUV-Puls folgt, wie es in
dem Spektrum der schwarzen Kurve in Abbildung 4.3(a) der Fall war, werden Photoelek-
tronen in dem Energiebereich zwischen 0,4 und 0,9 eV gemessen. Hierbei handelt es sich
um Photoelektronen, die aus dem in Abschnitt 4.1 diskutierten Zwei-Stufen-Ionisations-
prozess resultieren, und daher im Zentrum der Untersuchungen stehen.

Das in Abschnitt 4.2 aufgestellte Modell basiert auf der Annahme, dass die Anregung
durch den XUV-Puls, sowie die Ionisation durch den IR-Puls, jeweils storungstheoretisch
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Abbildung 4.4: (a) Zweidimensionale Darstellung der Photoelektronenausbeute in dem
Energiebereich, in dem Quantenschwebungen auftreten. Die Darstellung erfolgt als
Funktion der kinetischen Energie der Photoelektronen und der Verzogerung zwi-
schen dem XUV- und dem IR-Puls. (b) Photoelektronenausbeute iiber den in (a)
dargestellten Energiebereich integriert, als Funktion der Pulsverzégerung. Quanten-
schwebungen mit verschiedenen Frequenzen treten hier deutlich hervor.

behandelt werden kénnen. Fiir den XUV-Puls ist diese Annahme zweifellos gerechtfer-
tigt, da dessen Intensitdt bedingt durch den kleinen Wirkungsgrad des HHG-Prozesses
duflerst gering ist. Um zu entscheiden, ob diese Voraussetzung auch fiir den verwendeten
IR-Abfragepuls erfiillt ist, wurde geprift, ob es einen linearen Zusammenhang zwischen
der IR-Intensitét und der Photoelektronenausbeute gibt, oder ob hier bereits nichtlineare
Effekte eine Rolle spielen. Dazu wurde bei verschiedenen IR-Intensitdten das Photoioni-
sationssignal in dem Energieintervall zwischen 0,4 und 0,9eV aufintegriert. Da die Ioni-
sationsausbeute jedoch auch von den Quantenschwebungen moduliert werden kann, diese
aber ebenfalls intensitdtsabhéngig sind, konnte nicht einfach eine feste Pulsverzogerung
fiir diese Messreihe eingestellt werden. Um die von den Quantenschwebungen verursach-
ten Modulationen auszugleichen, wurde daher das Ionisationssignal bei jeder eingestellten
IR-Intensitdt auch iber einen weiten Verzogerungsbereich von 600 fs integriert. In Abbil-
dung 4.3(b) sind die derart ermittelten Elektronenausbeuten fiir fiinf Werte aus einem
weiten IR-Intensitétsbereich aufgetragen. Wie die grau eingezeichnete Regressionsgerade
zeigt, nimmt die Ausbeute in sehr guter Ndherung linear mit der IR-Intensitédt zu. Das
bestétigt, dass nichtlineare Starkfeldeffekte weitestgehend ausgeschlossen sind, und die
Storungsnaherung fiir den Ionisationsschritt mit dem IR-Puls angewendet werden kann.

Aufgrund der in Abschnitt 3.3 beschriebenen Konstruktion der HHG-Kammer konnte
die Verzogerung 7 zwischen den Pulsen vom zeitlichen Uberlapp aus nur bis zu etwa 750 fs
durchgefahren werden, bevor der IR-Abfragepuls am Ort der Harmonischenerzeugung mit
dem Puls fiir die Erzeugung der XUV-Strahlung iiberlappte und die Messergebnisse ver-
falschte. Die Quantenschwebungen konnten daher nur in einem Verzogerungsbereich von
~ 700 fs storungsfrei verfolgt werden. Die Frequenzen der dabei aufgetretenen Quanten-
schwebungen wurden letztendlich iiber eine Fouriertransformation der Ionisationsausbeu-
te als Funktion von 7 bestimmt. Fiir eine gute Frequenzauflosung dieser Transformation

43



4 Quantenschwebungen in gebundenen Zustianden bei der Zwei-Photonen-Ionisation von Neon

2 3 45

2P1/2| I II

.'E 0,15+ 2P3/2| I i
i

X

2 010

]

C

=

2

S 0,054

X

Q9

a

0.00 A B C '

03 04 05 06 07 08 09 10
Elektron kin. Energie [eV]

Abbildung 4.5: Schnitte durch Abbildung 4.4(a) entlang der Energieachse bei den festen
Verzogerungen von 1650 fs (schwarz) und 1690 fs (griin). Die Anderung der Photo-
elektronenausbeute fillt in verschiedenen Energiebereichen unterschiedlich aus. Die
Markierungen iiber den Spektren zeigen die energetische Lage von Photoelektronen
bei Ionisation aus den Zustdnden 2-5 mit einem Photon von 1,57 eV unter Beachtung
beider moglicher Ionisationskanéle. In den farbig markierten Bereichen A, B und C
wurden die Fouriertransformationen in Abbildung 4.7 jeweils separat durchgefiihrt.

musste daher der abgetastete Bereich der Pulsverzogerung moglichst grofl gewahlt wer-
den. Um den maximalen, nur durch die Konstruktion limitierten Verzogerungsbereich
von 1100 fs ausschopfen zu kénnen, wurde in einer zweiten Reihe von Experimenten die
Verzogerung tiber die Grobjustage der Pulsverzogerungseinheit (siehe Abschnitt 3.2) auf
den Bereich von 1100 bis 2200 fs eingestellt.

4.4.3 Durchfiihrung der Experimente

In Abbildung 4.4(a) ist eine farbcodierte, zweidimensionale Darstellung der Ionisations-
ausbeute in dem interessierenden Bereich geringer kinetischer Energie zwischen 0,4 und
0,9eV {iber den gréfleren durchgefahrenen Verzégerungsbereich zu sehen. Die Abbildung
verdeutlicht, dass in diesem FEnergiebereich Strukturen im Spektrum vorhanden sind, die
eine eindeutig periodische Abhédngigkeit von der eingestellten Verzogerung m aufweisen.
Zur quantitativen Erfassung dieser Abhéngigkeit ist in Abbildung 4.4(b) die Photoelek-
tronenausbeute tiber den in Abbildung 4.4(a) dargestellten Energiebereich integriert auf-
getragen. In dieser Darstellung wird besonders deutlich, dass der Elektronenausbeute
Ostzillationen mit verschiedenen Frequenzen aufgeprégt sind.

Um das Zustandekommen dieser Oszillationen zu analysieren, sind in Abbildung 4.5
Beispiele fiir Photoelektronenspektren bei festen Verzogerungen von 1650 und 1690 fs in
dem interessierenden Bereich geringer kinetischer Energie dargestellt. Unter der Annah-
me, dass die angeregten Neon-Atome jeweils durch ein Photon der Energie fw = 1,57 eV
ionisiert werden, erwartet man, die resultierenden Photoelektronen in dem in Abbildung
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4.5 dargestellten Bereich zu finden. Fiir die Zwischenzusténde 2-5, und jeweils fiir die
beiden Ionisationskanile 2P; /2 und ’p /2, st die genaue energetische Lage durch die
Markierungen oberhalb der Spektren eingezeichnet. Unter Beriicksichtigung der spektra-
len Breite der IR-Laserstrahlung von 130 meV ist klar, dass die erkennbaren Strukturen
nur in geringem Mafle auf die elektronische Struktur des Neon-Atoms zuriickgefithrt wer-
den konnen. Diese spektralen Strukturen kénnen von dem breiten Spektrum des IR-
Puls kaum aufgel6st werden. Die erkennbaren Strukturen im Photoelektronenspektrum
kommen hauptséachlich durch die in Abschnitt 4.2 diskutierte Abhéngigkeit der Quanten-
schwebungen von der kinetischen Energie der Photoelektronen zustande. Diese Interpre-
tation wird dadurch bestétigt, dass die Auspragung der Strukturen von der eingestellten
Verzogerung 7 abhéngt, was in Abbildung 4.5 deutlich erkennbar ist.

Wie an Gleichung (4.15) des Models zu sehen ist, ldsst sich die Photoelektronenausbeute
Y (7, ekin) nach Fourier in Komponenten der einzelnen auftretenden Quantenschwebun-
gen zerlegen. Diese hingen dann mit den im Modell auftretenden Fourierkoeffizienten
Ai(A, €) A3 (A, €) zusammen, wobei jedoch beachtet werden muss, dass die gemessene ki-
netische Photoelektronenenergie e;, fiir jeden Ionisationskanal A einer anderen Gesamt-
energie € entspricht. Experimentell lasst sich nun eine Abhéngigkeit des Auftretens von
Quantenschwebungen von ep;, feststellen. Um diese zu untersuchen, wird fiir die Fourier-
transformation von Y (7, €k, ) die Ionisationsausbeute jeweils aus einem schmalen Bereich
kinetischer Energien integriert. Der Zusammenhang lautet dann:

T 82~
Z Ai(N, ) A (A €) ox ?(Qij) = / i dr "hi™ /lkm dekin Y (T, Ekin)- (4.35)
A 1 €kin
Aus dem Bereich der kinetischen Energien, in dem Quantenschwebungen auftreten, wur-
den drei Teilintervalle zur exemplarischen Untersuchung ausgewahlt. Diese Teilintervalle,
von 0,5 bis 0,55eV, von 0,6 bis 0,65eV und von 0,7 bis 0,75eV werden mit den Grof3-
buchstaben A, B und C bezeichnet, und sind durch farbige Markierungen in Abbildung
4.5 hervorgehoben. Sie sind gerade so gewéhlt, dass Bereich A am unteren Ende des
Spektrums hauptséchlich in dem Bereich der Ionisation aus den Zustdnden 2 und 3 im
’p so-Kanal liegt, wihrend in Bereich C am oberen Ende in erster Linie die Ionisation
aus den Zustdnden 4 und 5 im 2P s2-Kanal auftreten sollte. Bereich B in der Mitte liegt
so, dass er von allen vier Zwischenzustidnden aus erreicht werden kann.

Die Messung der Abhéngigkeit der Photoelektronenausbeute von eg;, und 7 wurde fiir
drei verschiedene IR-Intensitéten (I;, = 0,5 TW /em?; 0,9 TW /cm?; 1,3 TW /cm?) durch-
gefiihrt. Die niedrigste Intensitét in dieser Reihe wurde dabei durch die experimentelle
Realisierung festgelegt. Da die Intensitdt durch Variation der IR-Pulsenergie eingestellt
wurde, nahm das totale Tonisationssignal zu kleinen Intensitéiten hin ab. Bei 0,5 TW /cm?
hob sich das Signal noch erkennbar vom Detektorrauschen ab, bei noch kleineren Inten-
sitdten waren jedoch keine sinnvollen Messungen mehr durchfiihrbar.

Zunachst wurden Messungen in dem ersten Fenster an einstellbaren Verzogerungen
von 700 fs durchgefithrt. Aus der Fourieranalyse ergeben sich die Amplituden der auftre-
tenden Quantenschwebungen als Betrige der ermittelten Fourierkoeffizienten Y(Qij). In
Abbildung 4.6 sind diese in den drei Bereichen der kinetischen Energie der Photoelek-
tronen, A, B und C, fiir die beiden IR-Intensitéten 0,5 und 1,3 TW /cm? dargestellt. Um
eine einfache Zuordnung zu den Energiedifferenzen zwischen den beteiligten Zwischen-
zustdnden zu ermoglichen, werden die Frequenzen von Quantenschwebungen in dieser
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Abbildung 4.6: Uber Fouriertransformation ermittelte Amplituden der Oszillationen in
den Photoelektronenausbeuten der Energiebereiche A, B und C. Der abgetastete
Verzogerungsbereich umfasste hier 700 fs. Nicht alle auftretenden Frequenzen kénnen
aufgelost werden.

Arbeit stets direkt in Energieeinheiten? umgerechnet. In der Abbildung sind deutlich dis-
krete Frequenzkomponenten zu erkennen, die bei der geringen Intensitdt hauptséchlich
im mittleren Photoelektronenenergiebereich B auftreten, und bei der hohen Intensitét
auch verstéirkt in Bereich C vorliegen. Doch ist durch den abgedeckten Verzogerungsbe-
reich im Experiment von = 700 fs die Auflésung der Fourieranalyse auf ~ 6 meV begrenzt.
Da die Zwischenzustiande 4 und 5 nur 7meV auseinander liegen, kénnen hier nicht alle
auftretenden Frequenzen im Fourierspektrum aufgelost werden.

Aus diesem Grund wurden die Messungen im zweiten Fenster von Verzogerungen mit ei-
nem Umfang von 1100 fs wiederholt. Die Auflésung der Fouriertransformation betragt hier
~4meV. Fiir alle drei Intensitidten sind die Quantenschwebungsamplituden aus diesen
Messungen in den Abbildungen 4.7(a), 4.7(c) und 4.7(e) dargestellt. In diesen Spektren
treten diskrete Spitzen, die gerade den Frequenzen der Energiedifferenzen der Zwischen-
zustdnde 2-5 entsprechen, noch deutlicher hervor. Abgesehen von den Strukturen, die in
der Abbildung mit 2/4 und 2/5 bezeichnet werden, konnen alle diskreten Frequenzen auf-
gelost werden. Die diskrete Natur der gefundenen Spitzen belegt eindrucksvoll, dass der
Quantenschwebungsprozess in der Tat fiir die beobachteten Oszillationen im Photoelek-
tronenspektrum verantwortlich ist. Die Notation i/j an jeder Spitze macht hier kenntlich,
welche beiden Zwischenzustidnde 7 und j die zugeordnete Oszillation verursachen.

Auch in Abbildung 4.7 ist deutlich zu erkennen, dass sich mit zunehmender Lichtinten-
sitdt des IR-Pulses die Zusammensetzung der Quantenschwebungen verdndert. So ver-
schiebt sich in der 4/5-Schwebung der Schwerpunkt zu hoheren kinetischen Photoelek-
tronenenergien hin, und die anderen Schwebungen nehmen an relativer Stirke zu. Eine
detaillierte Analyse der physikalischen Bedeutung dieser Effekte wird in Abschnitt 4.5 in
Zusammenhang mit der Auswertung der Simulationsrechnungen durchgefiihrt.

2gemiB der Formel E = hv, wobei h das Plancksche Wirkungsquantum und v die Frequenz sind
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Abbildung 4.7: (a), (c) und (e) Experimentell ermittelte Amplituden der Quanten-
schwebungen in den Teilintervallen der kinetischen Energie der Photoelektronen A,
B und C (siehe Abbildung 4.5), fiir verschiedene Intensitiaten I; des IR-Laserpul-
ses. (b), (d) und (f) Nach dem Modell in Abschnitt 4.3 berechnete Amplituden der
Quantenschwebungen fiir den Experimenten entsprechende Parameter.
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4.5 Analyse der IR-Intensitatsabhangigkeit der
Quantenschwebungen

Das Auftreten einer Spitze im Fourierspektrum bei gerade der Frequenz €;;, die der
Energiedifferenz der Zusténde ¢ und j entspricht, bedeutet nach Gleichung (4.15), dass
die zugehorigen Fourierkoeffizienten A; (A, €) A7 (A, €) ungleich Null sein miissen. Im Fall
vernachlissigbarer IR-Intensitdt ist dies nach Gleichung (4.18) gleichbedeutend mit der
Bedingung, dass der selbe Endzustand ¢, () mit Gesamtenergie € von beiden beteiligten
Zwischenzustédnden ¢ und j aus aufgrund der spektralen Breite des IR-Pulses erreicht wer-
den kann. Bei der Ubertragung dieser Uberlegungen auf die experimentellen Ergebnisse
ist zusétzlich zu beachten, dass der Endzustand noch durch einen weiteren Parametersatz
an Quantenzahlen A beschrieben wird. Im Experiment, welches nur die kinetische Ener-
gie der Photoelektronen misst, konnen diese Quantenzahlen jedoch nicht unterschieden
werden.

Fine dieser Quantenzahlen ist der Gesamtdrehimpuls des zuriickbleibenden Ions. Die-
ser kann die Werte 1/2 oder 3/2 annehmen. Nach [47, 48] ist davon auszugehen, dass
der Drehimpulscharakter des lonenrumpfs der Zwischenzusténde 2-5 relativ gut definiert
ist. Es wird daher angenommen, dass bei der Ionisation keine Anderung der Drehimpuls-
kopplung des Ionenrumpfs auftritt. Endzustéinde mit einem Ion im 2P; /2-Zustand konnen
daher nur von den Zwischenzustanden 2, 4 und 5 aus erreicht werden, wahrend aus dem
Zwischenzustand 3 nur das Kontinuum mit einem 2P, s2-lon zugidnglich ist. Daraus folgt
unmittelbar, dass keine Quantenschwebungen bei den Fourierfrequenzen 2/3, 3/4 und 3/5
auftreten sollten. Diese Spitzen sind in den experimentellen Spektren in Abbildung 4.7 je-
doch deutlich vorhanden. Sie kommen durch die Kopplung der Zwischenzustinde an den
Zustand 1 iiber den IR-Puls zustande, wenn dessen Intensitét nicht mehr vernachléssigt
werden kann.

Der Zustand 1 hat der Notation nach einen 2P, /2-lonenrumpf, aber aus [46] ist bekannt,
dass die Dipolmatrixelemente zu den Zustdnden 2-5 alle von Null verschieden sind (sie-
he Tabelle 4.2), insbesondere auch zu denjenigen Zustinden mit 2Py s2-lonenrumpf. Der
tiefer liegende Zustand 1 hat also keinen reinen 2P, s2-Rumpf mehr, sondern weist eine
signifikante Beimischung von 2Py /s2-Charakter auf. Damit kann dieser Zustand iiber die
Kopplung durch den IR-Puls sowohl mit dem Zustand 3, als auch mit den Zustdnden
2, 4 und 5 in Wechselwirkung treten, wodurch Amplitude aus den einzelnen Zustdnden
in den jeweils anderen Kanal transferiert werden kann. Dann treten auch die eigentlich
yverbotenen“ Quantenschwebungen auf. Die Situation ist in Abbildung 4.8 schematisch
illustriert. Ist die IR-Intensitat so grof}, dass die Kopplung signifikant wird, kann fiir die
Berechnung der Funktionen A; (A, €) zur Bestimmung der Fourierkoeffizienten der Quan-
tenschwebungen Y (€;;) nicht mehr die vereinfachte Gleichung (4.18) verwendet werden.
Nur Gleichung (4.13) beriicksichtigt auch die durch die Kopplung verursachten Effekte.

4.5.1 Analyse der experimentellen Beobachtungen

Die erste auftretende Spitze in den experimentellen Fourierspektren in Abbildung 4.7 bei
einer Schwebungsfrequenz, die 7meV entspricht, ist auf die Quantenschwebungen zwi-
schen den Zustdnden 4 und 5 zuriickzufiihren. Das beobachtete Verhalten als Funktion
der IR-Intensitét ist anhand des Modells einfach zu erklaren. Da beide Zwischenzustdnde
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Abbildung 4.8: Schema der in der Analyse betrachteten Ionisationskanéle. Aus den
Zustinden 2, 4 und 5 kann nur in den 2P; s2-Kanal, von Zustand 3 nur in den ’p /2
Kanal ionisiert werden. Direkte Uberginge in den jeweils anderen Kanal konnen
nicht auftreten. Der Zustand 1 hat keinen klar definierten Ionenrumpf, und kann mit
beiden Kanilen in Wechselwirkung treten. Nur iiber diesen Umweg sind Ubergénge
in den jeweils anderen Kanal méglich.

4 und 5 einen 2P, s2-lonenrumpf haben, kann immer von beiden Zusténden aus der selbe
Endzustand erreicht werden, speziell auch bei geringer IR-Intensitat. Entsprechend ist die
4/5-Schwebung bei allen untersuchten Intensitéten deutlich vorhanden. Allerdings konn-
te in den Experimenten nachgewiesen werden, dass die IR-Intensitdt einen Einfluss auf
die Verteilung der kinetischen Photoelektronenenergien hat, bei denen diese Schwebung
auftritt. Erscheint sie bei der geringsten untersuchten Intensitit in Abbildung 4.7(a) noch
hauptséchlich in dem mittleren Intervall der kinetischen Energien B, verschiebt sich der
Schwerpunkt mit zunehmender Intensitdt zu hoheren kinetischen Energien hin. Bei der
groBten untersuchten Intensitédt in Abbildung 4.7(e) erscheint das Verhaltnis der Ampli-
tuden in den Intervallen B und C nahezu invertiert.

Aufgrund des geringen Energieabstands der Zusténde 4 und 5 von nur 7meV, sowie der
begrenzten Auflésung der Fouriertransformationen von ~4 meV, erscheinen die Struktu-
ren fir die Schwebungen 3/4 und 3/5 nicht komplett aufgelost. Dennoch sind sie in den
Fourierspektren als getrennte Spitzen bei Frequenzen, die 39 und 46 meV entsprechen,
zu erkennen. Die Zustinde 4 und 5 haben einen 2P; s2-Rumpf, wihrend der Rumpf des
Zustands 3 eine 2P, s2-Kopplung aufweist. Im Grenzfall geringer IR-Intensitdt konnen
die beiden Schwebungen 3/4 und 3/5 daher nicht auftreten. Im Experiment weisen die
entsprechenden Frequenzen jedoch bereits bei 0,5 TW /cm? signifikante Amplituden auf.
Diese sind fast ausschliefflich in dem Intervall B der kinetischen Energie konzentriert.
Mit zunehmender IR-Intensitit, und damit stéarkerer Kopplung der Zustdnde, nimmt die
Grofle der Amplituden dann relativ zur immer vorhandenen 4/5-Schwebung deutlich zu.
Auch bei diesen Schwebungen findet eine Energieverschiebung im Photoelektronenspek-
trum statt, so dass bei 1,3TW/cm? dann ebenfalls in dem Energieintervall C starke
Oszillationen der 3/4- und 3/5-Frequenzen vorliegen.
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Fiir die 2/3-Schwebung bei der Frequenz, die der Energiedifferenz von 92meV ent-
spricht, gilt analog zu den 3/4- und 3/5-Schwebungen, dass aufgrund der unterschiedlichen
Drehimpulskopplung der Ionenriimpfe keine Quantenschwebung mit dieser Frequenz im
Grenzfall verschwindender IR-Intensitat auftauchen kann. Das Experiment vermag dies
anhand der 2/3-Schwebung eindrucksvoll zu zeigen. Bei der geringsten IR-Intensitét in
Abbildung 4.7(a) ist bei der Frequenz von 92meV nur eine sehr kleine Amplitude zu
erkennen, die sich kaum vom Grundrauschen abhebt. Dieses kleine Signal tritt in ers-
ter Linie in den Energieintervallen A und B auf. Mit zunehmender IR-Intensitéat wéchst
die Amplitude dann rasant an, und hat in Abbildung 4.7(e) nahezu den selben Betrag
wie diejenige der 4/5-Oszillation erreicht. Dieses Anwachsen tritt in beiden Bereichen
der kinetischen Energie A und B auf, in Bereich B jedoch mehr als doppelt so stark
wie in Bereich A. Durch den Einfluss des IR-Pulses werden hier, wie in Abbildung 4.8
zu sehen ist, neue Quantenpfade zu identischen Endzustédnden erzeugt, was zu solchen
Quantenschwebungen fiihrt, die im Grenzfall kleiner IR-Intensitét verboten sind.

Aufgrund der begrenzten Auflésung der Fouriertransformation erscheinen auch die bei-
den Spitzen fiir die 2/4- und 2/5-Schwebungen bei Frequenzen, die 131 und 138 meV
entsprechen, nicht komplett aufgelost. Trotzdem sind sie zumindest bei den gréfleren In-
tensititen erkennbar. In der Messung bei 0,5 TW /cm? dagegen sind die entsprechenden
Frequenzen im Fourierspektrum nahezu nicht vorhanden. Da alle hier beteiligen Zwi-
schenzustinde den selben 2Pj s2-lonenrumpf haben, kann von allen Zustéinden aus der
selbe Endzustand erreicht werden, und die Voraussetzung fiir das Auftreten von Quan-
tenschwebungen auch bei geringer IR-Intensitit ist eigentlich gegeben. Bei diesen beiden
hochfrequenten Schwebungen ist jedoch zu beachten, dass der Energieabstand der Zwi-
schenzustidnde grofer ist als die in Abbildung 4.2(b) dargestellte Halbwertsbreite des
IR-Spektrums von 130 meV. Der Uberlapp der Photoelektronenverteilungen von diesen
Zwischenzustinden ausgehend, wie er beispielhaft in Abbildung 4.1 dargestellt ist, fallt
damit sehr gering aus, und im Grenzfall kleiner Intensitét ist daher auch die zugehorige
Schwebung entsprechend schwach ausgebildet. Wird durch die Kopplung an Zustand 1
dann aber Amplitude iiber alle Zwischenzusténde verteilt, wird der final erreichbare Be-
reich kinetischer Energien gréfler, und es kommt bei hoheren IR-Intensitdten zu stérker
ausgeprigten Oszillationen bei diesen Frequenzen.

4.5.2 Vergleich mit den Ergebnissen der Simulation

Um die beobachteten Effekte nachvollziehen zu kénnen, wurden die Fourierspektren mit-
tels der in Abschnitt 4.3 beschriebenen Implementierung durch Computerberechnungen
simuliert. Fiir die drei experimentell untersuchten Intensitédten sind in den Abbildungen
4.7(b), 4.7(d) und 4.7(f) die entsprechend berechneten Spektren neben den zugehori-
gen Ergebnissen der Messungen abgebildet. Man erkennt im Ganzen eine &uflerst gute
qualitative Ubereinstimmung, was eindrucksvoll die Giiltigkeit des aufgestellten Modells
belegt.

Im Einzelnen lédsst sich fir die 4/5-Schwebung bei 7meV in den Simulationen das
exakt gleiche Verhalten beobachten, wie in den Experimenten. Unabhéngig von der IR-
Intensitét ist die Schwebung immer stark vertreten, und hat ihr Maximum bei kleiner IR~
Intensitét zunéchst im mittleren Energieintervall der Photoelektronen (B), bei grofierer
IR-Intensitét verschiebt sich dieses dann in den Bereich C.
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Auch fiir die zwei Spitzen bei 39 und 46 meV, die 3/4- und 3/5-Schwebungen, kann das
Modell die Beobachtungen gut erkléren. Aufgrund der unterschiedlichen Kopplungen der
Tonenriimpfe der beteiligten Zwischenzustédnde sind Quantenschwebungen im Grenzfall
kleiner IR-Intensitét nicht moglich. Trotzdem traten diese bereits bei I;, = 0,5 TW /cm?
schon deutlich sichtbar in Erscheinung. Von der Simulation wird dieses Verhalten genau
so reproduziert. Wenn die Simulation fiir noch wesentlich kleinere IR-Intensitédten durch-
gefiihrt wird, so verschwinden die Oszillationen génzlich, da die Dipolmatrixelemente ins
Kontinuum so gesetzt wurden, dass aus dem Zustand 3 nur das 2P, /2=, und von den Zu-
stinden 4 und 5 aus nur das 2P; /2-Kontinuum erreicht werden kann (siehe Abschnitt 4.3).
Experimentell war der Bereich solch kleiner IR-Intensitiaten jedoch nicht zugénglich. Die
Kopplung der Zustédnde 2-5 an den Zustand 1 durch das IR-Feld ist offenbar so stark, dass
bereits bei der geringsten untersuchten IR-Intensitét ein signifikanter Transfer von Am-
plitude unter den Zustdnden auftritt. Die resultierenden Quantenschwebungen erscheinen
in der Simulation, wie auch im Experiment, zunéchst fast ausschliefSlich in dem mittleren
Energieintervall der Photoelektronen (B), und mit zunehmender IR-Intensitét dann auch
verstarkt in Bereich C.

Fiir die 2/3-Schwebung bei einer Fourierfrequenz, die 92meV entspricht, fiir die be-
ziiglich der unterschiedlichen Drehimpulskopplungen der Zwischenzustédnde analoges gilt,
wie fiir die 3/4- und 3/5-Schwebungen, war der Riickgang der Oszillationsamplitude mit
geringer werdender IR-Intensitdt in den Experimenten deutlich stéarker ausgepragt zu
sehen. In den Simulationen tritt dieser Effekt jedoch nicht ganz so stark auf. Ungeach-
tet dessen ist aber, wie in den Experimenten auch, in der Simulation bei geringer IR-
Intensitét der Schwerpunkt der 2/3-Schwebung im Energieintervall A der Photoelektro-
nen angesiedelt. Bei zunehmender IR-Intensitat tritt dann eine massive Erhohung der
Oszillationsamplitude vor allem in Bereich B auf.

Die 2/4- und 2/5-Doppelspitzenstruktur bei 131 und 138 meV war bei 0,5 TW /cm? in
den Experimenten fast nicht vorhanden. In der Simulation tritt sie zwar auf, jedoch auch
hier in deutlich geringerem Mafle als alle anderen Quantenschwebungen. Wie auch in den
Experimenten beobachtet wurde, tritt mit wachsender IR-Intensitdt dann eine modera-
te Erhohung der Oszillationsamplitude auf, die iiber alle drei Intervalle der kinetischen
Energie verteilt ist. Da alle hier beteiligten Zwischenzustdnde den selben Ionenrumpf
(*Ps/2) haben, war in der Simulation stets der selbe Endzustand aus allen beteiligten
Zwischenzustdnden erreichbar. Der ebenfalls in der Simulation auftretende Riickgang der
Oszillationsamplituden fiir kleine IR-Intensitdten kann somit nur durch die begrenzte
Breite des IR-Spektrums verursacht werden. Dies bestétigt die weiter oben diskutierte
Interpretation des im Experiment beobachteten Verhaltens.

4.5.3 Interpretation

Im Grenzfall kleiner IR-Intensitéit werden die Amplituden der einzelnen gebundenen Zu-
stdnde, mit denen sie zum Wellenpaket beitragen, von dem IR-Puls nicht verdndert. In
Gleichung (4.13) duBert sich das darin, dass die Matrix Uy(t, 7) des Zeitentwicklungsope-
rators der Zwischenzusténde nur auf der Diagonalen von Null verschiedene Elemente hat.
Bei hoherer IR-Intensitit werden dann tiber die Dauer des IR-Pulses von 7 bis 7 + T;,
durch die Wirkung des Hamiltonoperators in Gleichung (4.27) auch die Nichtdiagonal-
elemente besetzt. In den Wert der Funktion A;(\,€) fliet dann stets die Summe iiber

51



4 Quantenschwebungen in gebundenen Zustianden bei der Zwei-Photonen-Ionisation von Neon

die j Elemente der i-ten Spalte der Matrix Uy(t,7) ein. Die Werte der hier auftreten-
den Nichtdiagonalelemente kénnen als Besetzungsamplitude interpretiert werden, welche
durch die Kopplung des Zustands ¢ an den Zustand 1 und weiter an die anderen Zustande
j transferiert wird. Durch den lonisationsschritt wird diese Amplitude dann von einem
anderen Niveau aus ins Kontinuum gehoben. Solch ein Transfer von Amplitude macht
anschaulich klar, wie es dazu kommt, dass unter Einfluss des intensiven IR-Pulses Ener-
gieverschiebungen auftreten. Da durch die Kopplung an Zustand 1 sowohl die Zustédnde
mit 2Py /2-Rumpf, als auch der mit ’p /2-Rumpf untereinander vermischt werden, erklért
es auch, wie mit zunehmender IR-Lichtintensitidt anscheinend neue ununterscheidbare
Quantenpfade erzeugt werden, und es zu den eigentlich ,verbotenen“ Quantenschwebun-
gen kommt.

4.6 Schlussfolgerungen

Die durchgefiihrten Experimente untersuchen Quantenschwebungsphénomene bei der se-
quentiellen Ionisation von Neon mittels eines XUV- und eines IR-Photons. Der spezielle
Fall, dass das Feld des IR-Pulses Zustinde in der atomaren Struktur des Zielatoms nahe-
zu resonant miteinander koppelt, fiihrt zu einer empfindlichen Abhéngigkeit der Struk-
turen der resultierenden Quantenschwebungen von der Intensitit des abfragenden IR-
Laserpulses. Es wurde ein theoretisches Modell aufgestellt, das unter Verwendung eini-
ger Naherungen diese Effekte moglichst einfach beschreibt. Das Modell hat nur in einem
begrenzten Intensitétsbereich des IR-Pulses Giiltigkeit. Die Beschreibung des Ionisati-
onsschritts muss noch iiber Stérungstheorie moglich sein, fiir die induzierte Kopplung
zwischen den gebundenen Zustdnden des Atoms gilt diese Einschrinkung aber nicht.
Die Implementierung des Modells in einer Computersimulation vermag die experimen-
tell gefundenen Effekte sehr gut zu reproduzieren, wodurch die Giiltigkeit des Modells
eindrucksvoll untermauert wird.

Kleinere Abweichungen der experimentell gefundenen Zusammensetzung der Quanten-
schwebungen von den Vorhersagen des Modells waren zu erwarten, da in diesem mehrere
Vereinfachungen und Néherungen vorgenommen wurden. So kann insbesondere bei der
Berechnung die vorgenommene Einschrankung auf nur zwei effektive Ionisationskanile
(2P; /2- und ’p, /2-Kanal) fiir Abweichungen verantwortlich sein. Auch Unsicherheiten bei
der Modellierung von experimentellen Parametern in der Simulation sind mégliche Feh-
lerquellen. So ist zum Beispiel die genaue Pulsform des IR-Pulses unbekannt, und wurde
durch eine Modellfunktion vertreten, doch hat die genaue Form einen Einfluss auf die
Fourierkoeffizienten in Gleichung (4.13). Auch die Abschétzung der spektralen Verteilung
des XUV-Pulses aus Abbildung 4.2(a) ist relativ ungenau, da das hier abgebildete ex-
perimentell ermittelte Spektrum noch mit einer Spektrometerfunktion gefaltet ist. Die
in Gleichung (4.13) auftretenden Matrixelemente ci;o sowie die ci;j in Gleichung (4.27)
wurden aus Literaturwerten fiir theoretisch ermittelte Oszillatorstirken gewonnen, wobei
eine mogliche Phase der im Allgemeinen komplexen Matrixelemente verloren geht. Da
letztendlich nur die Absolutbetrdge der Fourierkoeflizienten betrachtet wurden, spielen
die Phasen der als Faktoren darin stehenden d;-}o keine Rolle, doch Phasenbeitrage der
ci;-,j mit 7,5 € {1,...,5} kénnen in der Zeitentwicklung der Amplitude in den Zwischenzu-
stdnden einen Effekt auf die letztendlich resultierenden Quantenschwebungsamplituden
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haben. Die Matrixelemente fiir den Ubergang ins Kontinuum J( Ae),; SchlieBlich sind kom-
plett unbekannt und wurden unter Einschrénkung auf reelle Werte durch systematisches
Einsetzen angepasst.

Weiterhin bedingt die Konstruktion des Photoelektronenspektrometers einige Unsi-
cherheiten, die in dem Modell nicht beachtet werden konnten. So wird von dem MBES
stets ein endliches Volumen vor der Magnetspitze auf den Detektor abgebildet. Aufgrund
der Fokusgeometrie des elliptischen Spiegels ist die Intensitét des IR-Pulses in der Néhe
des Fokus aber stark ortsabhéngig. Die exakte Lage des Fokus ist ebenfalls unbekannt, so
dass davon auszugehen ist, dass die real vorliegende IR-Intensitét iiber das Detektionsvo-
lumen unter Umstadnden stark variiert. Das MBES fiihrt dann eine Mittelung tiber dieses
Volumen durch, die allerdings eine starke Gewichtung in den Bereichen der héchsten IR-
Intensitdt hat. Diese Gewichtung wiederum héngt davon ab, wie der Fokus der XUV-
Strahlung relativ zur IR-Strahlung liegt, falls diese nicht exakt parallel laufen. Alle diese
Unsicherheiten bringen Messungenauigkeiten hervor, die mangels Information iiber deren
Grofle nicht im Modell eingeschlossen werden konnten. Fiir eine quantitative Berechnung
des Tonisationsprozesses liegen somit zu viele Unwégbarkeiten vor. Die Fahigkeit des Mo-
dells, den Prozess qualitativ zu beschreiben und Vorhersagen zu treffen ist davon jedoch
nicht beeintriachtigt, und wurde iiberzeugend demonstriert.

Das Modell ist in der Lage, die zu Tage tretende Abhéngigkeit der Quantenschwebungen
von der IR-Intensitét zu beschreiben und bei deren Verstdndnis zu helfen. Es erklart, wie
die Information iiber die von dem moderat-intensiven IR-Puls getriebene inneratomare
Dynamik tiber die Funktionen A;(\, €) aus Gleichung (4.13) in die Fourierkoeffizienten der
verschiedenen Quantenschwebungen codiert wird. Mit diesem Wissen ist es nun moglich,
experimentellen Zugriff auf diese Dynamik zu erhalten. Ebenso ist es denkbar, von der
Moéglichkeit die Effekte auf die Quantenschwebungen wie in Abschnitt 4.3 zu berechnen
Gebrauch zu machen, um dann durch geschicktes Einstellen experimenteller Parameter,
wie der IR-Intensitdt und der Pulsverzogerung, die spektrale Zusammensetzung des er-
zeugten Elektronenwellenpakets im Kontinuum mafizuschneidern.
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5 Zeitaufgeloste Beobachtung von Kontinuums-
Elektronendynamik in Krypton

Die tiblicherweise verwendete Charakterisierung von atomaren Zusténden durch Angabe
einer Elektronenkonfiguration basiert auf einer Ndherung, welche die Elektronen als un-
abhéngige Teilchen auffasst. Die eigentlichen Zusténde sind fiir Mehrelektronensysteme
viel komplizierter, kénnen aber als Superposition der gelaufigen Elektronenkonfiguratio-
nen angegeben werden. Da auf diese Weise in der Notation mehrere Konfigurationen in
Beziehung miteinander treten, spricht man von Konfigurationswechselwirkung.

Die hiervon hervorgerufenen Effekte sind besonders hervorstechend, wenn ein elektroni-
scher Zustand Beitrdge von mehreren Konfigurationen hat, die gleiche Energie aufweisen.
Ein solcher Fall liegt vor, wenn eine diskrete Konfiguration existiert die energetisch neben
einer Kontinuumskonfiguration liegt, was in einer Situation auftritt, in der ein Innerscha-
lenelektron, oder aber gleichzeitig zwei duflere Valenzelektronen angeregt werden. Die
Anregungsenergien solcher Konfigurationen liegen stets oberhalb der Ionisationsschwelle
fiir ein einzelnes Valenzelektron. Durch die Konfigurationswechselwirkung tritt hier eine
Mischung der jeweiligen diskreten Konfiguration mit dem Kontinuum auf, was zu dem
Phénomen der Autoionisation fithrt. Das Kontinuum erhélt dadurch eine Resonanzstruk-
tur im Bereich der diskreten Konfiguration. Solche Resonanzen werden nach Ugo Fano,
der als Erster die Form der Absorptionsspektren in diesen Bereichen beschrieb [12], als
Fano-Resonanzen bezeichnet.

Experimentell konnen die energetische Lage und die Form solcher Resonanzen sehr gut
mit etablierten spektroskopischen Methoden untersucht werden (z. B. [50]). Allerdings
sind auf diese Art nicht alle Informationen iiber ablaufende dynamische Prozesse zugéng-
lich, die mit der Anregung und Ionisation verkniipft sind. Die fortschreitende Technik
von Kurzpulslasersystemen erméglicht es allerdings seit einigen Jahren nun auch, mittels
Pump-Probe Spektroskopie solche dynamischen Prozesse direkt zu verfolgen [51]. Die
Entwicklung von ultrakurzen XUV-Lichtquellen inspirierte dariiber hinaus Arbeiten, die
solche Untersuchungen auf einer Zeitskala von nur wenigen Femtosekunden erméglichen
[13, 52, 53].

In diesem Kapitel der Arbeit wird eine Methode entwickelt, mit der anhand von
XUV/IR Zwei-Photonen-Spektroskopie die Elektronendynamik im Ionisationskontinuum
eines atomaren Systems in einem Spektralbereich untersucht werden kann, der Fano-
Resonanzen enthélt. Fiir die experimentelle Untersuchung wurde das Krypton-Atom als
Modellsystem gewéhlt, und der hier untersuchte Bereich des Ionisationskontinuums weist
Beitrage von zwei diskreten Konfigurationen auf. Bei der zeitaufgelosten Messung konn-
te ein exponentielles Abklingen der Ionisationswahrscheinlichkeit iiber den Zwei-Photo-
nen-Prozess beobachtet werden, was im Wesentlichen auf die Autoionisation einer der
beitragenden diskreten Konfigurationen zuriickzufiihren ist. Dariiber hinaus wurde eine
Oszillation der Tonisationswahrscheinlichkeit beobachtet, die auf der Interferenz von Wel-
lenpaketanteilen aus den beiden Fano-Resonanzen in dem untersuchten Spektralbereich

55



5 Zeitaufgeloste Beobachtung von Kontinuums-Elektronendynamik in Krypton

/N

€4+ — — — — = [~ i

(4s) (e sid)

2l L swimn
5| CTTT T N
B (4p) (€ sl
:I/ Kr WO (4s)’(4p)

Abbildung 5.1: Anregungsschema des untersuchten Prozesses. Mit einem XUV-Puls
wird zunédchst ein Wellenpaket im Ionisationskontinuum angeregt, das den Spek-
tralbereich der diskreten Konfigurationen ¢; und ¢ abdeckt. Aus dem ¢-Anteil des
angeregten Wellenpakets wird mit einem verzogerten IR-Puls in das (4s)~!(e s/d)-
Kontinuum ionisiert. Die kinetische Energie ¢ von Photoelektronen in diesem Ioni-
sationskanal kann experimentell isoliert werden. Dies ermdéglicht eine Separation der
Kanile und selektiven Zugriff auf den ¢1-Anteil des Wellenpakets.

beruht. Die Analyse dieser Phdnomene erlaubt Einblicke in die ablaufende Elektronendy-
namik in dem Ionisationskontinuum mit Fano-Resonanzen. Fiir diese Analyse werden die
beobachteten Effekte mit einem einfachen Modell, das auf der etablierten Beschreibung
von Fano-Resonanzen [12] beruht, nachvollzogen.

Abschnitt 5.1 erldutert zundchst die einzelnen Schritte des untersuchten zweistufigen
Tonisationsprozesses im Detail. In Abschnitt 5.2 wird daraufhin die theoretische Beschrei-
bung von Fano-Resonanzen skizziert, und fiir den vorliegenden Fall mehrerer miteinander
wechselwirkender Resonanzen erweitert. Davon ausgehend wird dann eine auf das Expe-
riment zugeschnittene Formel fiir die Ionisationswahrscheinlichkeit unter dem Einfluss
der XUV/IR-Pulssequenz in Abhéngigkeit von der Verzogerung zwischen den Pulsen er-
mittelt. Die Einzelheiten der durchgefiihrten Experimente und deren Ergebnisse werden
in Abschnitt 5.3 erldutert. In Abschnitt 5.4 wird anschliefend eine numerische Simu-
lation der Situation im Experiment présentiert, die auf der Beschreibung in Abschnitt
5.2 basiert. Hier wird auch der Einfluss von solchen Parametern diskutiert, die fiir die
theoretische Beschreibung wichtig sind, im Experiment aber unbekannt oder unzugang-
lich bleiben. Abschnitt 5.5 schliet mit einer Zusammenfassung und einer Diskussion der
physikalischen Bedeutung der Beobachtungen.

5.1 Schema des zweistufigen lonisationsprozesses

Der untersuchte Ionisationsprozess ist schematisch in Abbildung 5.1 dargestellt. In dem
fiir diese Untersuchungen gewéhlten Modellsystem, dem Krypton-Atom, wird zunéchst
mit einem ultrakurzen XUV-Puls aus dem Grundzustand ¢ ein elektronisches Wellenpa-
ket in einem Energiebereich oberhalb der ersten Ionisationsschwelle angeregt. Das Ioni-
sationskontinuum von Krypton weist in dem von dem Anregungspuls abgedeckten Spek-
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tralbereich durch Fano-Resonanzen hervorgerufene Strukturen auf, die durch die Wech-
selwirkung dort vorliegender diskreter Konfigurationen mit dem Kontinuum verursacht
werden. Konkret sind in dem betrachteten Fall zwei solche Resonanzen vorhanden, fiir
deren zugrunde liegende diskrete Konfigurationen hier die Kurzbezeichnungen ¢; und
¢o verwendet werden. Die Konfigurationen in einem hypothetischen, strukturlosen Io-
nisationskontinuum, das ohne die Wechselwirkung mit den diskreten Konfigurationen
vorliegen wiirde, werden mit ¢z bezeichnet, wobei sich der Parameter E auf die Gesamt-
energie der jeweiligen Konfiguration bezieht. In dem Bild unabhéngiger Elektronen wird
dieses Kontinuum erreicht, indem ein dufleres Valenzelektron aus der (4p)-Schale tiber die
Tonisationsschwelle angeregt wird. Die Gesamtheit der so erreichbaren Kontinuumskon-
figurationen wird daher (4p)~!(€ s/d) genannt. € stellt darin die kinetische Energie des
Elektrons im Kontinuum dar, wahrend sein Bahndrehimpuls aufgrund der Auswahlregeln
fir Dipoliibergénge nur s- oder d-Charakter haben kann.

Das angeregte Kontinuumswellenpaket setzt sich aus einer Uberlagerung von Eigen-
zustdnden des atomaren Systems mit Energie E innerhalb der Anregungsbandbreite des
XUV-Pulses zusammen. Diese werden mit g bezeichnet. In der Naherung nach Fa-
no koénnen diese Zustdnde als Linearkombinationen der Konfigurationen ¢, ¢2 und ¢g
in dem betrachteten Energiebereich geschrieben werden (siehe Abschnitt 5.2). Bei der
diskreten Konfiguration ¢; ist ein inneres Elektron aus der (4s)-Unterschale in das (7p)-
Niveau angeregt. Diese Konfiguration wird entsprechend mit (4s)~!(7p) bezeichnet. Bei
¢2 handelt es sich um die gleichzeitige Anregung von zwei Elektronen aus der dufleren
(4p)-Valenzschale, wofiir die Notation (4p)~2(nl)(n'l') verwendet wird. Beide Konfigu-
rationen fithren zu Fano-Resonanzstrukturen im Absorptionskontinuum, welche in der
Literatur anhand von XUV-Absorptionsmessungen nachgewiesen worden sind [50, 54].
Auch die Vermessung der jeweiligen Fano-Parameter ist in der Literatur dokumentiert
[55]. Aus diesen Messungen konnte die Zuordnung der einen Resonanz zu der hier mit ¢;
bezeichneten Konfiguration (4s)~!(7p) abgeleitet werden, doch um welche Quantenzahlen
(nl) und (n'l') es sich bei der Konfiguration ¢o der zweiten Resonanz handelt, ist in der
Literatur noch ungeklért.

Das Wellenpaket aus der Uberlagerung der Zustinde v kann nach der Anregung
durch den XUV-Puls zunéchst ungestort propagieren. Die dabei ablaufende Dynamik
wird anschlieBend mit einem zeitverzogerten IR-Puls abgetastet. Die Energie eines Pho-
tons aus diesem zweiten Puls reicht aus, um von der ¢;-Konfiguration (4s)~1(7p) in das
(45)~1(e s/d)-Kontinuum zu gelangen. ¢ bezeichnet dann die kinetische Energie des Pho-
toelektrons in diesem lIonisationskanal. Die hier verwendete Kurzbezeichnung fiir den
Zustand des Systems in einer Endkonfiguration in diesem Kanal ist 1/. In den durchge-
fiihrten Experimenten kann stets nur die kinetische Energie von Photoelektronen gemes-
sen werden. Die resultierende kinetische Energie ( bei Ionisation aus der ¢9-Konfiguration
(4p)~2(nl)(n'l') in das entsprechende (4p)~2(nl)(¢ I")-Kontinuum ist jedoch experimentell
von € separierbar, da die Ionisationsschwellen fiir alle doppeltangeregten Konfigurationen
deutlich hoher liegen. Da auBerdem die Ionisationsschwelle im (4p)~!(é s/d)-Kanal auf
der anderen Seite deutlich niedriger liegt, kénnen die Photoelektronen im (4s)~!(e s/d)-
Kanal auch von denen durch direkte Ein-Photon-Ionisation mit kinetischer Energie €
getrennt werden. Das Ausnutzen dieses Sachverhalts ermdglicht einen selektiven experi-
mentellen Zugriff auf einen einzelnen Ionisationskanal. In den Experimenten wurde der
(4s)71(e s/d)-Kanal untersucht.
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5 Zeitaufgeloste Beobachtung von Kontinuums-Elektronendynamik in Krypton

Bezeichnung | Konfiguration | E; [eV] | T' [meV] q
1 (4s)"1(7p) | 26,794 | 78406 | 0,11
s (4p)~2(nl)(n'V) | 26,846 | 3,5+0,8 | —0,38

Tabelle 5.1: Terme der diskreten Konfigurationen und zugeordnete Parameter der in
dem betrachteten Energiebereich relevanten Fano-Resonanzen von Krypton. Die An-
regungsenergien F,, der Resonanzen, deren Breiten I', sowie die Fano-Parameter ¢
sind aus [55] iibernommen.

Durch Messung der Photoelektronenausbeute in dem beobachteten Ionisationskanal
als Funktion der Verzogerung 7 zwischen den beiden Laserpulsen kann daher auf die
in dem Wellenpaket ablaufende Dynamik zuriickgeschlossen werden. Mit zunehmender
Verzogerung 7 tritt hier eine exponentielle Abnahme der Ausbeute an Photoelektronen
auf, die auf der Autoionisation der diskreten Konfigurationen ¢; und ¢ beruht. Dariiber
hinaus machen sich auch weitergehende dynamische Effekte in dem Wellenpaket bemerk-
bar. Aufgrund ihrer kohdrenter Natur interferieren die Anteile des Wellenpakets aus dem
gesamten angeregten Spektralbereich, insbesondere aus den beiden Resonanzstrukturen.
Dadurch kommt es in dem beobachteten Ionisationskontinuum zu einer Quantenschwe-
bung. Die Frequenz dieser Schwebung reflektiert gerade die Differenz der Anregungsener-
gien der beiden Resonanzstrukturen, wihrend die Amplitude dieser Oszillation mit der
mittleren Zerfallszeit der autoionisierenden Resonanzen abnimmt. Im vorliegenden Fall
ist die Breite der Resonanzen klein gegeniiber deren energetischem Abstand. Unter die-
ser Voraussetzung ist zu erwarten, dass die Photoelektronenausbeute Y als Funktion der
Verzogerung 7 zusammengefasst durch folgende Formel beschrieben werden kann [56]:

r r I'+r AE
Y (1) x exp (—th> + A exp <—};’T> + B exp <_1;;i27> Cos <h7— + go) . (5.1)

I'1 und T’y sind hier die Breiten der zugehdrigen Fano-Resonanzen, die auf den Kon-
figurationen ¢; und ¢ beruhen. Uber die Heisenbergsche Unschérferelation sind diese
mit den jeweiligen Lebensdauern fiir den autoionisierenden Zerfall verkniipft. Die Ener-
giedifferenz der beiden Fano-Resonanzen wird mit AFE bezeichnet. Eine moglicherweise
auftretende konstante Phasenverschiebung der Quantenschwebung relativ zum (willkiir-
lich) gewéhlten Zeitnullpunkt wird durch ¢ berticksichtigt. Die Konstanten A und B
miissen so angepasst werden, dass sie die relativen Stédrken der einzelnen beitragenden
Summanden zum Gesamtsignal korrekt wiedergeben.

5.2 Theoretische Beschreibung

Die theoretische Beschreibung des in Abschnitt 5.1 skizzierten zweistufigen Ionisations-
prozesses erfordert zunéchst einen Formalismus zur Beschreibung der im Kontinuum nach
dem ersten Schritt auftretenden Resonanzstrukturen. Dieser gehort mittlerweile zum
Standardrepertoire der Atomphysik [12], und die wesentlichen Punkte werden im fol-
genden Unterabschnitt rekapituliert. In der betrachteten Situation liegen mehrere solcher
Resonanzstrukturen energetisch eng beieinander, weshalb diese nicht mehr unabhéngig
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voneinander beschrieben werden kénnen. Die Formeln werden daher anschlieflend fiir den
Fall mehrerer Resonanzen erweitert. Auf dieser Basis wird schlieflich die entscheidende
Formel fiir die Beschreibung der betrachteten Situation berechnet. Sie gibt die Ionisati-
onswahrscheinlichkeit {iber den zweistufigen Prozess als Funktion der kinetischen Energie
des Photoelektrons € und der Verzogerung 7 zwischen dem XUV- und dem IR-Puls an.

5.2.1 Beschreibung einer Resonanzstruktur im lonisationskontinuum durch
eine diskrete Konfiguration nach Fano

Es wird eine Situation betrachtet, in der eine diskrete Konfiguration ¢, vorliegt, die ener-
getisch neben einem Kontinuum von Konfigurationen ¢ g existiert. Der Hamiltonoperator
des Systems H sei in diesem Energiebereich bereits in den jeweiligen Teilrdumen dia-
gonalisiert. Mit den Projektoren P und @, die auf diese Teilrdume projizieren, kann H
als

H=PHP+QHQ+PHQ+ QHP (5.2)
Hp Hy Vv

geschrieben werden. Die diskrete Konfiguration ¢; ist dann ein Eigenzustand des Teil-
Hamiltonoperators Hp, die Kontinuumskonfigurationen ¢ sind Eigenzustdnde von Hg.
Die Konfigurationswechselwirkung wird durch V' beschrieben. Um nun die Eigenzustédnde
P g des gesamten Hamiltonoperators H zu bestimmen, betrachtet man dessen Matrixele-
mente auf dem Raum all dieser Konfigurationen:

<¢1‘ H ‘¢1> = E (5.3)
<¢E' H‘¢>1> = Ve (5.4)
<¢>E~ H‘¢E> = E§(E"-E). (5.5)

Als Losungsansatz fir die Eigenzustdnde ¢g wird eine Linearkombination der Konfigu-
rationen ¢; und ¢g genommen:

wE:MENn+/dEMEJW¢E. (5.6)

Wird nun der Ansatz in die Eigenwertgleichung Hyp = Fvg eingesetzt, lassen sich unter
Beriicksichtigung der Matrixelemente (5.3) bis (5.5) die Koeffizienten a(F) und b(E, E")
ermitteln [12]:

a(E) = sin(A)/'(W Vi), (5.7)
bE,E) = AZ%Y%Ywm@ww—E% (5.8)
wobei )
A = — arctan lﬁ |VE~’ ] (5.9)
E - F '

eine Phasenverschiebung beschreibt, die aufgrund der Konfigurationswechselwirkung auf-
tritt. Fp ist darin die Energie der im Kontinuum auftretenden Resonanzstruktur, die
gegeniiber der Energie E; der ,reinen“ diskreten Konfiguration ¢; verschoben ist. Diese
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Abbildung 5.2: Schematische Darstellung der interferierenden Wege iiber diskrete und
Kontinuumskonfigurationen, die zu der Bildung von Fano-Resonanzstrukturen im
Tonisationskontinuum fiihren.

Verschiebung resultiert gerade aus der Wechselwirkung mit den Kontinuumskonfiguratio-
nen ¢g, und kann durch

Vi
E—F

E,=FE +PV / dE' (5.10)
berechnet werden. Die Bezeichnung PV vor dem Integral deutet hier an, dass dieses auf
Grund der Polstelle bei £/ = E im Sinne des Cauchyschen Hauptwerts zu verstehen ist.

Wird nun die Ubergangswahrscheinlichkeit vom Grundzustand 9 in einen Kontinu-
umszustand ¢z mit der Energie E in der Nihe der Resonanzenergie E; berechnet, so
zeigt sich, dass es durch Interferenzen zwischen den einzelnen beitragenden Quantenpfa-
den tber die Konfigurationen ¢; und ¢g zu einer charakteristischen Struktur kommt.
Dies ist schematisch in Abbildung 5.2 illustriert. Das Verhiltnis dieser Ubergangswahr-
scheinlichkeit zu derjenigen in die ungestorten Kontinuumskonfigurationen ¢p lasst sich
als Funktion der Energie E durch die Formel

(el ) (g4 er?

5.11
(el dlon)f T o

berechnen. Darin bezeichnet d den Dipoloperator, und €,.4 die reduzierte Energie. Diese
wiederum ist als
E—-FE;
€red = F/Q

(5.12)

definiert. Fiir die Auspriagung der Struktur im Kontinuum nach Gleichung (5.11) sind
zwei Parameter ausschlaggebend. Der Parameter I ist ein Maf flir die spektrale Breite
der Resonanz, wihrend der sogenannte Fano-Parameter ¢ die Asymmetrie der Linienform
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Abbildung 5.3: Beispielhaft dargestellter Wirkungsquerschnitt der Anregung in einen
Kontinuumszustand ¥ g in dem Energiebereich der diskreten Konfiguration ¢q, re-
lativ zur Anregung in die reine Kontinuumskonfiguration ¢g fiir ausgewahlte Werte
des Fano-Parameters q.

charakterisiert. Sie ergeben sich nach [12] durch

<¢1(‘i\¢g> —I—PV/ dE/%

=27Vl und ¢= v <¢ ‘J‘¢9>
E(9E

(5.13)

Die Breite I' kann iiber die Heisenbergsche Unschéarferelation mit einer Zeit verkniipft
werden, die man als Lebensdauer der autoionisierenden diskreten Konfiguration interpre-
tieren kann. Der Fano-Parameter g beschreibt im Wesentlichen das Verhéltnis der Anre-
gungsamplituden in die durch Wechselwirkung mit dem Kontinuum modifizierte diskrete
Konfiguration und in das ungestérte Kontinuum. Die Linienform nach Gleichung (5.11)
ist fiir ausgewahlte Werte von ¢ beispielhaft in Abbildung 5.3 dargestellt.

5.2.2 Erweiterung der Beschreibung nach Fano auf Resonanzen durch
mehrere diskrete Konfigurationen

Liegen in dem betrachteten Energieintervall mehrere diskrete Konfigurationen ¢, eng
beisammen, kénnen diese nicht mehr unabhingig voneinander betrachtet werden. Ubli-
cherweise wird in einem solchen Fall auf eine Multi-Kanal Quantendefekt Theorie zu-
riickgegriffen, welche die dadurch hervorgerufenen Effekte gut beschreiben kann [57]. Im
vorliegenden Fall wird jedoch Fanos Erweiterung der Beschreibung in Abschnitt 5.2.1 als
Basis genommen und um einige Parameter ergénzt, da auf diese Art eine anschauliche
Interpretation dieser Parameter im Hinblick auf die durchgefiihrten Experimente moglich
ist. Analog zu den Gleichungen (5.3) bis (5.5) sind dann die relevanten Matrixelemente
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des Hamiltonoperators H durch

<¢m‘H‘¢n> = En(smn (5.14)
<¢E/ H‘¢n> = Ve (5.15)
<¢E~ H‘¢E> — ES(E"-F) (5.16)

gegeben. Der Ansatz fiir die Eigenzustdnde ¢gp des Systems beinhaltet dann sédmtliche
diskreten Konfigurationen in dem betrachteten Energiebereich, und lautet

Ve = an(E) én + / dE' b(E, E') . (5.17)

Uber die Wechselwirkung der diskreten Konfigurationen ¢, mit dem Kontinuum ¢z re-
sultiert auch eine Wechselwirkung zweiter Ordnung der ¢,, untereinander, wodurch sich
diese gegenseitig beeinflussen. Die weitere Behandlung geschieht daher in einem neuen
System voneinander unabhéngiger Basiskonfigurationen ¢,, welches diesen Effekt bein-
haltet. Die ¢, ergeben sich als Linearkombinationen der ¢,,. Uber diese Transformation
sind dann auch die Koeffizienten a,, mit den entsprechenden Koeffizienten a, im neuen
System verkniipft. Die Koeffizienten fiir den Ansatz der Eigenzustinde g lassen sich
folgendermaflen bestimmen [12]:

a,(E) = cos(A)tan(A,)/ (7 Vg,) (5.18)

b(E,E') = cos(A) lz Ve tan(2y)

Ve (E—F) S(E — E’)] : (5.19)

Fiir jede der beitragenden Konfigurationen ¢, ergibt sich eine zugeordnete Phasenver-
schiebung A,, die analog zu Gleichung (5.9) durch

2
A, = —arctan [W] (5.20)
- v
definiert ist. Die kummulierte Phasenverschiebung A ist dann durch
tan (A) = Ztan (Ay) (5.21)
v

gegeben. Die E, stellen dabei die gegeniiber den diskreten Konfigurationen ¢,, verscho-
benen Energien der auftretenden Resonanzen dar.
Fiir jedes Element der transformierten Basis ¢, kénnen dann Parameter ¢, und I',
definiert werden, die iiber
(00| o)

T VEy <¢E‘ J’¢g>

I'y=27xVg, und ¢, = (5.22)

gegeben sind. Im Grenzfall weit auseinander liegender Resonanzen, die sich gegenseitig
nicht beeinflussen, entsprechen diese dann den Fano-Parametern aus Gleichung (5.13).
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5.2.3 Berechnung der zeitabhingigen Ubergangswahrscheinlichkeit

Aufbauend auf der Beschreibung von Fano-Resonanzen kann die Ubergangswahrschein-
lichkeit iiber den in Abschnitt 5.1 skizzierten zweistufigen Ionisationsprozess berechnet
werden. Die Eigenzusténde des Systems, aus denen das Wellenpaket im Zwischenzustand
nach der Anregung mit dem XUV-Puls zusammengesetzt ist, haben dabei gerade die
Form aus Gleichung (5.17). Analog zu Gleichung (4.4) wird nun die Formel fiir die Uber-
gangsamplitude aus dem Grundzustand 9 in einen Endzustand v/ betrachtet:

Uo(t, ")V (") Uo(",#)V () Up(¥', 0) |47 ) .

(v!|U(t,0)[u7) ~ _/Ot dt’ /t/tdt” (4!
(5.23)

Da in diesem Fall die Frequenz des IR-Lasers weit entfernt von jeglichen Resonanzfre-
quenzen atomarer Uberginge liegt, und Starkfeldeffekte keine Rolle spielen, werden in
einem storungstheoretischen Ansatz fiir die auftretenden exakten Propagatoren U (tg, ;)
jeweils der Propagator des ungestorten atomaren Systems Uy(to, t1) eingesetzt. Der Wech-
selwirkungsoperator V(t) setzt sich aus

V(t)=F,(t)d+ F,(t)d (5.24)

zusammen, wobei Fy(t) und F,.() die zeitabhiingigen Feldstéirkevektoren des XUV- und
des IR-Pulses, und d der atomare Dipoloperator sind. Es wird angenommen, dass im
ersten Anregungsschritt bei ¢’ nur der Anteil des XUV-Pulses von V (), und im Ionisati-
onsschritt bei ¢/ nur der IR-Anteil wirkt. Nach formalem Einfiigen der Zwischenzustinde
im JTonisationskontinuum nach dem ersten Anregungsschritt, [dFE |¢g) (¢¥g|, erhédlt man
damit;:

) i t ) ., ,
(wl|U@0)|p7) ~ —e / dt’ / dt” / dE /e~ gUE=Eo)t’ o
0 t/

(v!| Bty d|ion) (vp| But) d|v7) (5.25)

Fiir die Feldstarken der beiden Laserpulse F;U und F‘ir werden gaufiformige Zeitverlaufe
angenommen:

F,(t) = &,e " cos(w,t)
Fo(t) = &re P cos(wir(t — 7). (5.26)

Die Pulsléngen, und dadurch auch die spektralen Breiten, werden durch die Parameter «
und 3 festgelegt. €, und €;, stellen die Einheitsvektoren in der jeweiligen Polarisations-
richtung dar. Da in den hier vorgenommenen Betrachtungen die Intensitdten der Pulse
keinen Einfluss haben, und das Modell nur darauf ausgelegt ist, qualitative Vorhersagen
zu machen, werden die Maximalamplituden beider Pulse willkiirlich auf 1 gesetzt.

Der Faktor —e =% vor den Integralen in Gleichung (5.25) kann fiir die hier vorgenomme-
nen Betrachtungen ignoriert werden, da er nur einen konstanten Phasenfaktor darstellt.
Dieser hat keinen Einfluss auf die entscheidenden Betragsquadrate der Ubergangsampli-
tuden. Da die gaufiformigen Pulsverldufe in Gleichung (5.26) keine definierten Anfangs-
und Endzeitpunkte haben, miissen in den Integralen tiber ¢’ und ¢’ in Gleichung (5.25) die
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Grenzen entsprechend gegen oo laufen. Mit Gleichung (5.26) und der Darstellung der Ko-
sinusfunktionen durch Exponentialfunktionen geméfi Gleichung (4.31), sowie Anwendung
der RWA!, lisst sich die Ubergangsamplitude dann als

(v!

U(o0,—00) [w9) ~ W”T/dE ewd‘z/zE>< &) x (5.27)

/ dt" e i(e—E—wiy )t —B(t”—‘r / dt’ e {(E—Eg—wg)t e—at’z

::PQ(E767T)

schreiben. Die beiden Integrale iiber ¢ und ¢’ in dem in Gleichung (5.27) definierten
Ausdruck Py(E, €, 7) lassen sich analytisch 16sen. Man erhilt:

T 02 Q2 af Q Q;
Py(E = Qi — =2 — L | {14 erf e .
2 (E, €,7) NCT exp(z T Ia 4ﬁ>{ +er 04+B<T 2a+12,8)1}
(5.28)
Darin sind folgende Abkiirzungen eingefiihrt:
Qi = €e—FE —wj,
Q. = E—Fy—w,. (5.29)

Q. beschreibt die ,Verstimmung“ der XUV-Zentralfrequenz gegeniiber den Anregungs-
frequenzen der Zwischenzustdnde ¥ g mit Energie E im lonisationskontinuum nach dem
ersten Schritt. Analog wird durch ;. die Abweichung der IR-Zentralfrequenz gegentiber
den Ubergangsfrequenzen von den Zusténden 15 weiter in den Kontinuums-Endzustand
v/ mit Energie € beschrieben. Da in der vorgenommenen Behandlung der Energienull-
punkt auf die Ionisationsschwelle des (4s)-Elektrons gelegt wurde (siehe Abbildung 5.1),
enspricht € gerade der kinetischen Energie des erzeugten Photoelektrons.

Die in Gleichung (5.27) auftauchenden Dipolmatrixelemente in dem dort definierten
Ausdruck P;(F) sind im Allgemeinen noch eine Funktion von e. Zur Vereinfachung wird
jedoch angenommen, dass diese Abhédngigkeit in dem interessierenden Spektralbereich fiir
ein festes E vernachlédssigt werden kann. Mithilfe der Form fiir die Eigenzustéinde ¥ g in
Gleichung (5.17) lasst sich Pj(FE) berechnen. Dabei wird angenommen, dass die Dipolma-
trixelemente aus den Kontinuumsanteilen von ¢ in einen Endzustand ¢/ verschwinden,
und alle weiteren auftretenden Matrixelemente reelle Gréflen sind. Weiterhin wird die
Einschrankung gemacht, dass die Polarisationsrichtungen des XUV- und des IR-Pulses
parallel zueinander stehen. Fiir diesen Fall ergibt sich:

Pi(E) = (v]

Zusétzlich zu den Fano-Parametern ¢, und den spektralen Breiten I, treten hier noch die
Dipolmatrixelemente p, auf. Diese beschreiben den Ubergang aus einer diskreten Konfi-
guration ¢, in den Endzustand ¢g . Der Faktor D ergibt sich aus den Matrixelementen

Iy /2
+ZV 1qE E/ = pl/FI//Q

1"‘(2315"5) —E-E

dloe) (ve|d|v?) = (5.30)

'RWA: , rotating-wave-approzimation, zur Erliuterung siche Seite 37.
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5.3 Messung der Elektronendynamik im Experiment

(a) Photoelektronenspektrum von Krypton (b) IR-Spektrum
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Abbildung 5.4: (a) Komplettes Photoelektronenspektrum von Krypton bei Photoio-
nisation mit in Argon erzeugter Harmonischenstrahlung. Die jeweils zugehorigen
Harmonischenordungen sind an den entsprechenden Spitzen im Spektrum angege-
ben. (b) Spektrum der IR-Laserstrahlung. Die zentrale Photonenenergie liegt bei
1,57eV, die spektrale Halbwertsbreite bei 64 meV.

(oE| d |1)9) fiir den Anregungsschritt in das hypothetische, strukturlose Kontinuum ¢p.
Unter der Annahme, dass dieser in dem betrachteten Energiebereich keine Abhéngigkeit
von der Energie aufweist, stellt D nur noch einen konstanten Faktor dar, der fiir die
angestrebten qualitativen Aussagen keine Bedeutung hat.

5.3 Messung der Elektronendynamik im Experiment

Fiir die experimentelle Untersuchung des in Abschnitt 5.1 skizzierten zweistufigen Ioni-
sationsprozesses wird eine Anordnung benétigt, die auf Pump-Probe-Spektroskopie mit
XUV- und IR-Pulsen ausgelegt ist. Die verwendete Anordnung ist in grofien Teilen mit
derjenigen identisch, die auch schon in Kapitel 4 zum Einsatz kam. Erneut wurde durch
Ausnutzen des HHG-Prozesses eine Sequenz aus XUV- und IR-Pulsen hergestellt, mit
denen Atome des zu untersuchenden Zielgases in dem Photoelektronenspektrometer io-
nisiert wurden. Zum FEinsatz kam bei diesen Messungen jedoch ein anderes Lasersystem
(sieche Abschnitt 3.1.2), welches mit bis zu 4mJ deutlich mehr Energie pro Puls liefern
konnte. Dies war nétig, um mit der damit verbundenen héheren Spitzenintensitét die er-
forderlichen hohen Harmonischenordnungen effizient erzeugen zu kénnen. Dariiber hinaus
bot dieses Lasersystem die Moglichkeit, die Zentralwellenldnge der IR-Strahlung in einem
gewissen Rahmen vorzugeben, so dass dariiber auch die Frequenz der erzeugten XUV-
Pulse prézise auf den Bereich der interessierenden Fano-Resonanzen eingestellt werden
konnte. Als Gas fiir die Erzeugung der XUV-Strahlung kam in diesem Fall Argon zum
Einsatz, wahrend Krypton nun als zu untersuchendes Zielgas diente.

In Abbildung 5.4(a) ist zur Abschéitzung der spektralen Verteilung des hier verwende-
ten XUV-Pulses ein komplettes Photoelektronenspektrum von Krypton dargestellt. Auf-
grund der Feinstrukturaufspaltung von 0,666 ¢V von Krypton erscheint fiir jede Harmoni-
schenordnung eine Doppelspitzen-Struktur im Spektrum. Die héhere Spitze bei gréfleren
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Energien korrespondiert zu dem 2 P /2-Tonisationskanal (Tonisationspotential: 14,0eV), die
kleinere zu dem P, j,-Kanal (Ionisationspotential: 14,666 €V). In Abbildung 5.4(a) ist an
jeder dieser Doppelspitzen die zugehorige Harmonischenordnung angegeben. Es féillt auf,
dass die 11. Ordnung fast gar nicht, und auch die 13. Ordnung nur relativ schwach im
Spektrum vertreten ist. Eventuell wies das verwendete Aluminiumfilter durch Oxidation
auf der Oberflache ein verdndertes spektrales Fenster auf, oder die Phasenanpassungs-
bedingungen bei der Harmonischenerzeugung waren fiir diese Ordnungen nachteilig. Da
diese niedrigen Ordnungen fiir die hier vorgenommenen Untersuchungen jedoch irrelevant
waren, wurde dies nicht weiter verfolgt. Ausschlaggebend fiir die Anregung des Krypton
Atoms in die Kontinuumszustinde im Bereich der interessierenden Fano-Resonanzen ist
die 17. Ordnung mit einer zentralen Photonenenergie von 26,782¢eV (siehe Tabelle 5.1).
Sie liegt bei den gewahlten Konditionen fiir die Harmonischenerzeugung deutlich erkenn-
bar im Plateaubereich. Die spektrale Halbwertsbreite der Harmonischen wird aus dem
Elektronenspektrum zu a 300 meV abgeschétzt.

Das Spektrum der IR-Laserpulse, wie sie fiir die Untersuchungen verwendet wurden,
ist in Abbildung 5.4(b) dargestellt. Es hat eine Zentralwellenlinge von 787 nm, was
~ 1,575 eV entspricht, und die spektrale Halbwertsbreite liegt bei 64 meV.

Photoelektronen, die aus der Konfiguration ¢; (Anregungsenergie: 26,794 eV) um eine
Photonenenergie des IR-Pulses (1,575 eV) iiber die Schwelle des (4s)~!(e s/d)-Ionisations-
kanals (27,514 eV) gehoben werden, haben im Kontinuum entsprechend eine kinetische
Uberschussenergie von 0,855eV. Abbildung 5.5(a) zeigt drei ausgewihlte Photoelektro-
nenspektren in diesem Energiebereich fiir verschiedene Werte der IR-Pulsverzégerung 7.
Der negative Wert von 7 in dem schwarz dargestellten Spektrum bezieht sich auf ei-
ne Situation, in welcher der IR-Puls bereits vor dem XUV-Puls das Zielgas erreicht. In
diesem Fall ist noch kein Kontinuumswellenpaket im Bereich der Fano-Resonanzen ange-
regt wenn der IR-Puls das Zielgas durchlduft, und es kann auch keine Ionisation in den
untersuchten Kanal stattfinden. Es ist jedoch ein nicht zu vernachléssigender, stérender
Untergrund vorhanden. Dieser ist unabhéngig von dem IR-Puls, und wird von den H19-
und H21-Anteilen des XUV-Pulses verursacht. Die Photonenenergien dieser Anteile lie-
gen oberhalb solcher Ionisationsschwellen, welche das Ion in einem angeregten Zustand
Krt (4p)~2(nl) zuriicklassen, was zu einer dicht liegenden Verteilung von Photoelektro-
nen in dem dargestellten Spektralbereich fiihrt. Aufgrund der spektralen Breite des XUV-
Pulses kénnen diese einzelnen Kanéle nicht aufgelost werden.

Die Verzogerung von 7 = 0, wie sie bei dem mittleren Spektrum in Abbildung 5.5(a)
vorlag, wurde als Referenzpunkt fiir den maximalen Pulsiiberlapp gewéhlt. In diesem
Fall setzt die Ionisation in den (4s)~!(e s/d)-Kanal ein. Da die Anregung des (4s)-
Elektrons verglichen mit der Ionisation aus der dufleren (4p)-Valenzschale nur mit re-
lativ geringer Intensitéit auftritt, musste fiir ein verwertbares Signal mit einem moderat
intensiven IR-Laserpuls gearbeitet werden. Dessen Intensitdt am lonisationsort betrug
~5 x 101! W/cm?. Ein Laserfeld dieser Intensitdit hat zur Folge, dass die Ionisations-
schwelle von Atomen, die diesem ausgesetzt sind, bereits leicht um die ponderomotori-
sche Energie Up angehoben wird. Diese hat nach Gleichung (4.34) bei den vorliegenden
Bedingungen einen Wert von ~30meV. Die aus dem untersuchten lonisationsprozess
resultierenden Photoelektronen erscheinen daher nicht mehr um den Bereich der kineti-
schen Energie von 0,855eV, sondern um 0,825 meV zentriert. Des Weiteren erscheint ein
zusétzlicher, storender Beitrag zur Ionisation in dem dargestellten Bereich in Form von
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Abbildung 5.5: (a) Photoelektronenspektren fiir ausgewéhlte Verzogerungen zwischen
dem XUV- und dem IR-Puls in dem Bereich der relevanten kinetischen Photoelek-
tronenenergie. Bei positiven Verzogerungen tritt ein deutliches Signal auf. (b) In-
tegrierte Photoelektronenausbeute im (4s)~!(e s/d)-Ionisationskanal aus dem Ener-
giebereich 0,78 — 0,93eV, als Funktion der Verzogerung 7. Grau eingezeichnet ist
die Fitfunktion fiir das exponentielle Abklingen nach Gleichung (5.1). Zur Illustrati-
on der Zeitauflosung ist mit ausgefiillten Kreisen die Kreuzkorrelation zwischen den
beiden Pulsen dargestellt.

Photoelektronen, die um 0,93 eV zentriert sind. Hierbei handelt es sich um Seitenband-
elektronen im (4p)~'(€ p/f)-Ionisationskanal, die durch Absorption eines Photons der
schwach im Spektrum ausgeprigten 11. Harmonischenordnung und gleichzeitiger stimu-
lierter Emission eines IR-Photons gebildet werden [23]. Diese zwei Beitrige zur Ionisation
in dem dargestellten Energiebereich fithren zu einer angedeuteten Struktur mit zwei Er-
hebungen.

In Abbildung 5.5(a) ist ein Spektrum bei einer eingestellten Verzogerung von +72 fs
dargestellt. Bei dieser Verzogerung ist sichergestellt, dass der XUV- und der IR-Puls nicht
mehr iiberlappen, und somit keine storenden Seitenbandeffekte mehr auftreten kénnen.
Das in dieser Situation auftretende Signal ist nun um den erwarteten Wert von 0,855eV
zentriert. Die Halbwertsbreite der Photoelektronenverteilung in diesem Bereich betrégt
~ 66 meV, was im Wesentlichen der spektralen Breite der IR-Pulse entspricht. Dies deckt
sich mit den Erwartungen, da die Ionisation hauptséchlich nur aus einer der beiden Fano-
Resonanzen erfolgt (der ¢;-Konfiguration), und sich der Abstand der Resonanzen somit
nicht bemerkbar macht. Die Breite der Resonanz selbst ist mit ~ 7,8 meV so gering, dass
diejenige der IR-Pulse hier dominiert. Das nachgewiesene Signal der Photoelektronen
hebt sich deutlich vom konstanten Untergrund ab, und kann nur noch allein von dem in
Abschnitt 5.1 dargestellten zweistufigen Prozess iiber die Kontinuumszwischenzustdnde
mit den Fano-Resonanzen verursacht werden. Wird die Verzogerung weiter vergrofiert,
nimmt die Amplitude des angeregten Wellenpakets in den Zwischenzustdnden ab, und
die Tonisation in den (4s)~!(e s/d)-Kanal geht zuriick. Die Form des Spektrums niihert
sich dann wieder der Situation fiir negatives 7 an.

Um Zugriff auf die Dynamik zu erhalten, die in dem angeregten elektronischen Wellen-
paket ablauft, wurde dieses Signal nun in einem weiten Verzégerungsbereich von 500 fs mit
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einer Schrittweite von 6fs abgetastet. Aufgrund der geringen Signalhdhe im Verhé&ltnis
zum Untergrund, sowie des unvermeidlichen Rauschens des Detektors, war es jedoch nicht
moglich, die Untersuchung sowohl zeit- als auch energieaufgelost durchzufithren. Daher
wurde fiir jede der eingestellten Verzogerungen zwischen —100 und 4400 fs das Photo-
elektronensignal im Bereich kinetischer Energie von 0,78 bis 0,93 eV aufintegriert, und in
Abbildung 5.5(b) eingezeichnet. Die Schwankungsbreite des Signals wurde abgeschétzt,
indem bei jeder Verzogerung auch das Photoelektronensignal in dem Bereich von 1,78 bis
1,93 eV aufintegriert wurde. In diesem Bereich treten nur direkte Photoelektronen auf,
die aus Ein-Photon-Ionisation durch den XUV-Puls resultieren. Das Signal ist in diesem
Bereich somit unabhéngig von dem IR-Puls und der Verzégerung 7. Die dabei auftretende
Schwankungsbreite des Detektorsignals ist daher eine gute Abschétzung fiir den statisti-
schen Fehler aufgrund von Fluktuationen der XUV-Strahlung. Die bei dem zweistufigen
Ionisationsprozess ebenfalls relevanten Schwankungen der IR-Strahlung haben hingegen
keinen signifikanten Einfluss, da die Fluktuationen der erzeugten XUV-Strahlung auf-
grund der extremen Nichtlinearitdt des HHG-Prozesses iiber diejenigen der IR-Strahlung
dominieren. Die derart bestimmte Schwankungsbreite des Signals stellt somit auch eine
gute Abschitzung des statistischen Fehlers des Signals im (4s)~!(e s/d)-Ionisationskanal
dar. Dieser ist in Abbildung 5.5(b) durch entsprechende Fehlerbalken eingezeichnet.

Durch die grauen Messpunkte ist in dieser Abbildung ebenfalls die Kreuzkorrelation
zwischen dem XUV- und dem IR-Puls dargestellt. Diese wurde ermittelt, indem das Signal
der Photoelektronen zwischen 13 und 14,5eV an jedem Messpunkt aufintegriert wurde.
In diesem Bereich treten nur Seitenbandelektronen auf, die von den Ordnungen H17 bzw.
H19 aus der (4p)-Schale ausgelost wurden, und zusétztlich jeweils ein IR-Photon absor-
biert bzw. emittiert haben. Dieser Prozess ist eine lineare Funktion der Intensitaten der
beiden Pulse, und somit ist die Ionisationswahrscheinlichkeit als Funktion der Verzoge-
rung 7 proportional zur Kreuzkorrelationsfunktion der Einhiillenden der beiden Pulse [58].
Die gemessene Halbwertsbreite der Kreuzkorrelation betrigt 60 fs, was eine Abschétzung
der Zeitauflosung in dem Experiment erlaubt. Bei einer Dauer des IR-Pulses von =40 fs
deutet dies auf eine XUV-Pulslange im Bereich von ~ 30fs hin. Beide Pulse sind jedoch
in jedem Fall ausreichend kurz, um die ablaufende Dynamik auflésen zu kénnen. Dies
wird unmittelbar aus einem Vergleich der Kreuzkorrelation mit der abklingenden Photo-
elektronenausbeute im (4s)~!(e s/d)-Ionisationskanal deutlich. Im Bereich um 7 = —60 fs
weist die Korrelationsmessung ein kleines Nebenmaximum auf. Dieses deutet darauf hin,
dass die Pulsform des verwendeten IR-Pulses nicht rein gaufiférmig war, sondern einen
schwachen Nachpuls aufwies. Dadurch wird auch die Stufe im Anstieg der Photoelektro-
nenausbeute im (4s) (e s/d)-lonisationskanal bei 7 = —40 fs verursacht. Die Messungen
bei positiven Verzogerungen werden jedoch von der Ionisation durch den Hauptpuls do-
miniert, und der Effekt des Nachpulses kann vernachléssigt werden.

Bei einer Verzogerung von 7 = 430 fs ist die Kreuzkorrelation fast wieder auf Null ab-
gefallen, die Pulse konnen damit als zeitlich getrennt angesehen werden. Die Ionisation
im (4s)7!(e s/d)-Kanal dagegen erreicht hier erst ihr Maximum und klingt zu gréBeren
Verzogerungen hin wieder ab. Dabei ist eine Oszillation, die diesem Abklingen aufmo-
duliert ist, deutlich erkennbar. Die Beobachtungen in dieser Messung stehen damit im
Einklang mit den Betrachtungen in Abschnitt 5.1. Der Verlauf der Abklingkurve wurde
entsprechend unter Verwendung von Gleichung (5.1) als Fitfunktion nachgebildet. Die
ermittelten Fitparameter sind in Tabelle 5.2 zusammengestellt.
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Parameter Wert
Iy 5,6 + 0,15 meV
(I'y +T9)/2 3,2+ 0,8meV
AE 49 £+ 0,7meV
B 0,067 £ 0,01
© -0,154+0,15

Tabelle 5.2: Von der Fitroutine ermittelte Parameter fiir die Anpassung von Gleichung
(5.1) an die Messwerte in Abbildung 5.5(b). Der Funktionsverlauf unter Verwendung
dieser Parameter ist in Abbildung 5.5(b) dargestellt.

Von dem hier diskutierten Modell des zweistufigen Ionisationsprozesses ausgehend ist
zu erwarten, dass die Photoelektronen in dem im Experiment detektierten Bereich der
kinetischen Energie in erster Linie aus dem ¢i-Anteil des Wellenpakets im Zwischen-
zustand kommen. Eine direkte Ionisation aus der doppeltangeregten Konfiguration ¢o
in den beobachteten (4s)~!(e s/d)-Kanal setzt einen Ubergang unter Beteiligung von
zwei Elektronen voraus, was nur dementsprechend gering ausgeprigt auftreten kann. Die
Auswertung der Messergebnisse bestétigt diese Vermutung. In der Fitfunktion nach Glei-
chung (5.1) ist die Konfiguration ¢ in den beiden letzten Summanden involviert. Die
Parameter A und B stellen somit ein Maf} fiir die Ionisation aus ¢o dar, wobei zu er-
warten ist, dass A ~ B? ist. In der Tat ergibt die Anwendung der Fitroutine fiir den
Parameter B bereits den kleinen Wert von 0,067 & 0,01, widhrend A zu ~ 0 bestimmt
wurde. Dies hat allerdings auch zur Folge, dass kein sinnvoller Wert fiir den Parameter
I'y ermittelt werden kann. In Tabelle 5.2 sind daher nur die Parameter fiir den ersten und
den dritten Summanden aus Gleichung (5.1) aufgefiihrt. Diese beschreiben zum einen die
Autoionisation der Konfiguration ¢;, und zum anderen die Amplitude der auftretenden
Quantenschwebung.

Der Vergleich mit Literaturwerten aus [55], welche aus Absorptionsmessungen mit Syn-
chrotronstrahlung abgeleitet wurden, und in Tabelle 5.1 zusammengestellt sind, zeigt so-
wohl einige Ubereinstimmungen, aber auch Abweichungen. So hat die Periodendauer der
gemessenen Oszillation einen Wert von 84,4 + 1,2 fs, was einer Energiedifferenz der betei-
ligten Zustande von 49 + 0,7meV entspricht. Dies liegt sehr nahe an dem Literaturwert
von 51 meV. Die Lebensdauer der autoionisierenden Konfiguration ¢ jedoch betrigt der
Messung nach 117,5 4+ 3,1 fs, was einer Breite der Resonanz von I'y = 5,6 + 0,15 meV ent-
spricht. Dieser Wert weicht deutlich von dem Literaturwert von 7,8 + 0,6 meV ab. Eine
Betrachtung der moglichen Ursachen fiir diese Diskrepanz erfolgt in Abschnitt 5.5.

Das Inverse der aus der Fitroutine ermittelten Gréfie (I'y + I'2)/2 bestimmt das Ab-
klingen der Amplitude der auftretenden Quantenschwebung. Der gefundene Wert von
3,2 + 0,8 meV entspricht einer Abklingzeit von 205 + 55 fs. Der Wert weist jedoch bereits
eine relative Unsicherheit von = 25% auf. Es ist daher auch nicht moglich, aus dieser
Grofle in Kombination mit dem zuvor ermittelten Wert fiir I'; einen aussagekriftigen
Wert fiir I'y abzuleiten. Es kann lediglich festgestellt werden, dass I's deutlich kleiner als
Fl ist.

Die Parameter B und ¢ sind nétig, um den Ionisationsverlauf angemessen zu beschrei-
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Abbildung 5.6: (a) Illustration des Effekts direkter Ionisation aus der Konfiguration
¢2 in das (4s)~!(e s/d)-Kontinuum. Ist |ps| grofer, tritt die aufgeprigte Oszillation
deutlicher ausgeprigt auf. (b) Illustration der Auswirkung von verschiedenen Vor-
zeichen von po auf die verzégerungsabhéngige Ionisationsausbeute. Die aufgepréigte
Oszillation erscheint phasenverschoben.

ben. Sie héngen jedoch von Variablen ab, die im Experiment nicht kontrolliert oder ge-
messen werden kénnen. So héngt B in starkem Mafle von dem genauen Verhéltnis der
Anteile des angeregten Wellenpakets in den beiden Fano-Resonanzen ab, wahrend fiir ¢
die Phase der einzelnen Anteile relativ zum gewéhlten Zeitnullpunkt ausschlaggebend ist.
Da iiber das rein qualitative Modell aus diesen Parametern keine sinnvollen Schlussfolge-
rungen gezogen werden konnen, werden diese hier nur als Anpassungsgrofien betrachtet.

5.4 Computergestiitzte Simulation der Elektronendynamik

Zur genaueren Analyse der Dynamik wurde der untersuchte Zwei-Schritt-Ionisationspro-
zess unter Anwendung des theoretischen Modells in Abschnitt 5.2 simuliert. Dazu wurde,
wie auch schon in Abschnitt 4.3, die Software Mathematica® 7 zu Hilfe genommen. Unter
Verwendung der Gleichungen (5.27), (5.28) und (5.30) wurde die Ubergangswahrschein-
lichkeit des atomaren Systems in den beobachteten Endzustand,

2

)

P(e,7) = [(!|U (o0, —00) [17)

als Funktion der Pulsverzogerung 7 und der kinetischen Energie der Photoelektronen e
numerisch berechnet. Durch das Auftreten der unbekannten Proportionalitdtskonstan-
ten D in Gleichung (5.30) entspricht die berechnete Gréfie nicht direkt der Ionisations-
wahrscheinlichkeit, ist aber proportional dazu. Soweit es moglich war, wurden bei der
Berechnung fiir die in den Gleichungen auftretenden Parameter Werte gewéhlt, die im
Experiment gemessen oder abgeschétzt werden konnten. Wo dies mangels Informationen
nicht moéglich war, wurde der Einfluss solcher Parameter auf das Ergebnis anhand der
Simulation tberprift, und Plausibilitdtsbetrachtungen durchgefiihrt.

Die Parameter o und f aus den Gleichungen (5.26) charakterisieren jeweils die Ldngen
des XUV-Pulses und des IR-Pulses. Werden die Gleichungen nach Fourier transformiert,
sind mit diesen Parametern auch die spektralen Breiten der Pulse verkniipft. In der
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Simulation wurden sie mit o = 0,0021fs72 und 8 = 0,0104fs~2 so gewahlt, dass die re-
sultierenden spektralen Breiten denen aus Abbildung 5.4 entsprachen. Zwar ist der im
Experiment verwendete IR-Puls mit 40 fs etwas langer als es die Bandbreite von 64 meV
theoretisch erlauben wiirde, doch kann im Rahmen der hier erreichbaren Genauigkeit mit
bandbreitenbegrenzten Pulsen gerechnet werden. Weiterhin wurden die Fano-Parameter
und Resonanzbreiten aus [55] verwendet, wobei jedoch der dort ermittelte Wert fiir I'y
von 7,8 meV durch den in Abschnitt 5.3 gemessenen von 5,6 meV ersetzt wurde.

Die Ubergangselemente p,,, die in Gleichung (5.30) auftauchen, und den Ubergang aus
den diskreten Niveaus ¢, in das (4s)~! (e s/d)-Kontinuum beschreiben, sind allerdings
experimentell nicht bestimmbar. Auch in der Literatur finden sich weder experimentell
bestimmte, noch theoretisch berechnete Werte, die hier als Anhaltspunkt dienen kénnten.
Anhand der Simulation konnte nun jedoch der Einfluss dieser Groflen auf die verzoge-
rungsabhéngige Ionisationswahrscheinlichkeit untersucht werden, was durch einen Ver-
gleich mit den experimentellen Erkenntnissen tiefere Einblicke in den physikalischen Me-
chanismus erlaubt. Aufgrund der rein qualitativen Natur des Modells sind jedoch lediglich
Aussagen iiber das Verhéltnis von p; zu ps moglich.

In Abbildung 5.6(a) ist die berechnete Photoelektronenausbeute mit kinetischer Ener-
gie € zwischen 0,7 und 1,0eV als Funktion der Pulsverzégerung 7 fiir drei ausgewéhlte
Werte von ps aufgetragen. Der Wert von p; wurde fiir diese Untersuchung bei +1,0 fixiert.
Es wird deutlich, dass die Amplitude der aufmodulierten Quantenschwebung mit zuneh-
mendem lonisationsbeitrag aus ¢o rasch grofler wird. Dennoch ist auch fiir po» = 0 noch
eine leichte Oszillation vorhanden, da in beiden betrachteten Fano-Resonanzen jeweils
beide diskreten Konfigurationen beitragen, und somit Ionisation auch stets aus beiden
Resonanzen moglich ist [siehe Gleichung (5.30)].

Abbildung 5.6(b) zeigt fir |p2|] = 0,1 den Effekt, den ein Wechsel des Vorzeichens
von py auf die betrachtete Ubergangswahrscheinlichkeit hat. Die Oszillation tritt bei
diesem Wert von ps bereits deutlich zutage. Durch den Wechsel des Vorzeichens tritt nun
eine Phasenverschiebung der Oszillation um 7 auf, wodurch die Form der Abklingkurve,
insbesondere um das Maximum herum, eine deutlich verdnderte Gestalt erhélt.

Der Vergleich mit der experimentell ermittelten Abklingkurve in Abbildung 5.5(b)
zeigt, dass diese durch unterschiedliche Vorzeichen von p; und p2 am besten erklért wer-
den kann. Die Amplitude der Quantenschwebung in der Messung deutet darauf hin, dass
es einen geringen Beitrag zur Ionisation in dem untersuchten Ionisationskanal aus ¢o
gab. Fiir die durchgefithrte Simulation wurden die Ubergangsmatrixelemente daher zu
p1 = +1,0 und p2 = —0,05 gewahlt.

Das Ergebnis der mit diesen Parametern durchgefithrten Simulation ist in Abbildung
5.7(a) in einer zweidimensionalen Darstellung présentiert. Es zeigt die Photoelektronen-
ausbeute iiber den zweistufigen Ionisationsprozess als Funktion der kinetischen Energie
der Photoelektronen € und der Pulsverzogerung 7. Auf der linken Seite der Abbildung ist
die berechnete Photoelektronenausbeute iiber den dargestellten Energiebereich integriert
aufgetragen. Dies entspricht der Grofle, die im Experiment gemessen wurde. In Abbil-
dung 5.8 ist flir einen direkten Vergleich diese integrierte Ausbeute iiber den Messwerten
eingezeichnet. Im Bereich des zeitlichen Uberlapps der beiden Pulse zeigen sich deutli-
che Abweichungen. Diese liegen darin begriindet, dass hier die genauen Pulsformen zum
Tragen kommen, die in der Simulation mit einfachen Gaufipulsen angenommen wurden.
Weiterhin tauchen im Experiment in diesem Verzdgerungsbereich, wie es in Abschnitt
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Abbildung 5.7: (a) Ergebnis der Simulationsrechnung zur Ionisation in den
(45)~! (e s/d)-Kanal iiber den zweistufigen Ionisationsprozess als Funktion der Puls-
verzogerung 7 und der kinetischen Energie ¢ der resultierenden Photoelektronen.
Die Lage der Resonanzen ist gelb markiert. Links ist die gesamte Elektronenausbeu-
te dem Vorgehen im Experiment entsprechend tiber die kinetische Energie integriert
aufgetragen. (b) Schnitte durch die zweidimensionale Verteilung in (a) bei den ge-
kennzeichneten Energien von 0,81 und 0,89eV. Die auftretende Oszillation ist auf
der hoherenergetischen Seite deutlicher ausgepragt.

5.3 beschrieben ist, stérende Seitenbandelektronen auf, welche die Messungen verfialschen
und in der Simulation nicht einbezogen wurden. In dem interessanten Bereich ab einer
Verzogerung von 7 =~ +30fs, in dem die Pulse nicht weiter iiberlappen, zeigt sich jedoch
eine sehr gute qualitative Ubereinstimmung.

Wie bereits in Kapitel 4 festgestellt wurde, hingt das Auftreten von Quantenschwebun-
gen im Kontinuum mit der energetischen Lage der Zwischenzustiande zusammen. Dadurch
ist die Verteilung einzelner Quantenschwebungsfrequenzen im Kontinuum eine Funktion
der kinetischen Energie € der detektierten Photoelektronen. Im vorliegenden Fall kann
diese Abhéangigkeit sehr gut an der zweidimensionalen Darstellung in Abbildung 5.7(a)
nachvollzogen werden. Die Ionisation in den betrachteten Kanal erfolgt fast ausschliellich
aus der Konfiguration ¢;. Das dargestellte Signal stellt daher fiir eine feste Verzogerung
7 in erster Linie die spektrale Verteilung des IR-Pulses von der Energie der Konfigura-
tion ¢; ausgehend dar. Die Quantenschwebung erscheint in solchen Bereichen der kine-
tischen Photoelektronenenergie, die durch den IR-Puls von beiden Konfigurationen aus
erreicht werden kénnen. Die Konfiguration ¢ liegt energetisch hoher als ¢, daher tritt
die Quantenschwebung hauptséchlich auf der héherenergetischen Seite des abgebildeten
Ionisationssignals auf. Zur Verdeutlichung dieses Effekts sind in Abbildung 5.7(a) die
hypothetischen Lagen von ¢ und ¢2 im Photoelektronenspektrum markiert. In Abbil-
dung 5.7(b) sind zwei Schnitte durch die zweidimensionale Verteilung bei 0,81 ¢V und
bei 0,89 eV dargestellt. Die jeweiligen Positionen dieser Schnitte sind auch in Abbildung
5.7(a) durch entsprechend farbige Markierungen gekennzeichnet. Es ist klar zu erken-
nen, dass bei 0,80 eV das Abklingen nahezu rein exponentiell erfolgt, wahrend bei 0,89 eV
durch die Quantenschwebung deutliche Modulationen hervor treten.
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Abbildung 5.8: Direkter Vergleich der gemessenen Photoelektronenausbeute im
(45)~1(e s/d)-Tonisationskanal mit der durch die Simulation ermittelten.

5.5 Schlussfolgerungen

Im Experiment wurde die Zeitabhéngigkeit eines zweistufigen Ionisationsprozesses in
Krypton untersucht, bei dem im ersten Schritt ein Wellenpaket im Ionisationskontinu-
um angeregt wurde, aus dem im zweiten Schritt dann ein Ubergang in einen Zustand im
selektiv beobachtbaren Endkontinuum erfolgte. Dabei konnte fiir die gesamte Ubergangs-
wahrscheinlichkeit ein exponentielles Abklingen als Funktion der Verzégerung zwischen
der Anregung im ersten und der Ionisation im zweiten Schritt festgestellt werden. Des-
sen charakteristische Zeitkonstante betrug 117,5 + 3,1 fs. Die Absorption eines Photons
im zweiten Schritt durch das angeregte Elektron kann nur in unmittelbarer Néahe des
Tonenrumpfs erfolgen, da sonst die Energie- und Impulserhaltungssétze nicht gleichzeitig
erfillt werden kénnen. Entsprechend kann die gemessene Abklingzeit als Dauer gedeutet
werden, wihrend der das angeregte Kontinuumswellenpaket nach dem ersten Schritt noch
signifikant am Ort des lons lokalisiert ist.

Die Anpassung der Messwerte mittels einer Fitroutine an Gleichung (5.1) zeigt, dass
das beobachtete Abklingen durch die Lebensdauer einer der beiden autoionisierenden
Konfigurationen dominiert wird. Dabei kann es sich nur um die (4s)~!(7p)-Konfiguration
handeln. Der gemessene Wert von 117,5 4 3,1 fs entspricht einer spektralen Breite von
5,6 £ 0,15meV. Dieser Wert weicht allerdings signifikant von dem in [55] ermittelten von
84,4+ 6,5fs (7,8 £ 0,6 meV) ab, und liegt auch auflerhalb des dort angegebenen Fehlerin-
tervalls. Um die Ursachen dieser Diskrepanz zu beleuchten, werden kurz die Unsicherhei-
ten, die mit den verschiedenen Messungen zusammen hangen, diskutiert. Zusétzlich zu
dem statistischen Fehler wird in [55] noch von einem systematischen Fehler in der Gro-
Benordnung von 10% berichtet, der durch die verwendete Apparatur bedingt ist. In der
Anordnung, die in dieser Arbeit verwendet wurde, konnte die Zeitverzogerung hingegen
mit einer Genauigkeit von weniger als der halben Periodendauer der IR-Laserstrahlung
(1,3fs) kalibriert werden. Dazu wurden die beiden IR-Teilstrahlen am Ort der XUV-Er-
zeugung zum raumlichen und zeitlichen Uberlapp gebracht, wodurch es zu Interferenzen
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kam. Stellungen der Verzogerungseinheit, die zu konstruktiver und destruktiver Interfe-
renz fithrten, machten sich dann in einer drastisch variierten Ausbeute an XUV-Strahlung
bemerkbar. Dies bedeutet bei der gemessenen Abklingdauer von ~ 117 fs einen systema-
tischen Fehler durch die Apparatur von < 1%. Dariiber hinaus muss beachtet werden,
dass die Analyse in [55] durch Anpassen einer Modellfunktion mit vielen unbekannten
Parametern an die gemessenen spektralen Absorptionskurven vorgenommen wurde. In
dieser Modellfunktion mussten Annahmen tiber die Wechselwirkungsstirke der Resonan-
zen untereinander gemacht werden, die dort nur sehr grob und ohne weitere Begriindung
abgeschitzt wurden. Die Groflenordnung eines dadurch bedingten zusétzlichen Fehlers
der Messwerte wurde dort nicht weiter diskutiert.

FEin eklatanter systematischer Fehler in der Durchfiihrung und Analyse der in dieser
Arbeit vorgenommenen Experimente, wie zum Beispiel eine Fehlkalibrierung der Verzo-
gerungseinheit, kann weitestgehend ausgeschlossen werden, da die aus den spektroskopi-
schen Messungen einfach zu bestimmende Energiedifferenz der beiden Resonanzen AFE
durch die Messungen hier sehr gut bestétigt wird. Angesichts der Tatsache, dass kiirzlich
in einer anderen Untersuchung, welche die diskrete (4s)~!(6p)-Konfiguration von Kryp-
ton zum Gegenstand hatte [59], von einer dhnlich grofien Abweichung des Messwerts fiir
die Lebensdauer berichtet wurde, und die Unsicherheiten in den spektroskopischen Mes-
sungen [55] relativ grof} sind, wurde in der Simulation des Prozesses in der vorliegenden
Arbeit der hier experimentell bestimmte Wert verwendet. Fiir eine belastbare Beurtei-
lung der verschiedenen Messwerte wére eine aussagekriftige theoretische Behandlung der
Fano-Resonanzen in Krypton nétig. Bestehende theoretische Modelle sind jedoch noch
nicht ausgereift genug, um auf Krypton angewendet werden zu konnen. Publizierte Wer-
te fiir die spektrale Breite der (4s)~!(7p)-Resonanz beispielsweise liegen zwischen 4,0
und 11,6 meV [60]. Auf Lebensdauern umgerechnet entspricht dies einem relativ grofien
Intervall von 56 bis 165 fs.

Die numerische Simulation in Abschnitt 5.4 zeigt, dass das in Abschnitt 5.1 aufgestell-
te Modell in der Tat zu einem zeitlichen Abklingverhalten der Photoelektronenausbeute
im (4s)~!(e s/d)-Ionisationskanal fiihrt, das mit den Beobachtungen qualitativ iiberein-
stimmt. Der Vergleich der experimentellen Daten mit der Simulation bestétigt auch, dass
die Ionisation in den beobachteten Kanal hauptsichlich aus der durch ¢; induzierten
Resonanz erfolgt, jedoch auch ein kleiner Beitrag aus der durch ¢9 induzierten Resonanz
vorliegt. Dies geschieht, da sich die energetisch eng beisammen liegenden, diskreten Kon-
figurationen ¢; und ¢ iiber die Wechselwirkung zweiter Ordnung mit dem Kontinuum
gegenseitig beeinflussen, und die unabhéngigen Zustédnde, welche letztendlich die Reso-
nanzstrukturen hervorrufen, Linearkombinationen dieser Konfigurationen sind. Die An-
passung des Verhéltnisses |p2/p1| in der Simulation an die Messergebnisse zu 0,05 erlaubt
nun eine ungefidhre Abschédtzung der Groflenordnung dieses Effekts in der vorliegenden
Situation.

Bereits vor einigen Jahren wurde in einer der ersten experimentellen Arbeiten mit Atto-
sekundenpulsen ein spezieller Augerzerfall an Krypton zeitaufgelost verfolgt [13]. Die dort
verwendete Technik macht Gebrauch von Seitenbéndern der Augerelektronen. Eine Fiille
von theoretischen Arbeiten wurde von diesem Experiment inspiriert [56, 61-64], die sich
jedoch alle an der Seitenbandtechnik orientieren. Fiir die Untersuchung von Fano-Reso-
nanzen, welche wie in der in dieser Arbeit untersuchten Situation eine fensterartige Struk-
tur aufweisen, ist die Seitenbandtechnik allerdings ungeeignet. Hier stellt die vorgestellte
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Technik der gezielten, selektiven Ionisation in einen energetisch klar getrennten Ionisa-
tionskanal die beste Moglichkeit dar, experimentell Zugriff auf die Wellenpaketdynamik
zu erhalten. Ein konzeptionell dhnliches Schema wurde bereits in [51] verwendet, um das
Abklingen eines autoionisierenden Wellenpakets aus Rydbergzustinden zu analysieren. In
dieser Untersuchung wurde jedoch ein Wellenpaket aus mindestens 7 doppeltangeregten
Konfigurationen in Calcium gebildet, indem zwei Elektronen getrennt von verschiedenen
Laserpulsen angeregt wurden. Die dort vorgenommene Analyse beruht auf dem halbklas-
sischen Bild von Rydbergorbits und beschreibt die auftretende Autoionisation durch das
Bild einer Schockwelle, die durch das angeregte Wellenpaket lduft. Im Gegensatz dazu
werden die autoionisierenden Resonanzen in dieser Arbeit nur von einem einzigen Laser-
puls angeregt, und in einem zweiten Schritt sauber getrennt ionisiert. Die Analyse basiert
hier auf einer vollstindig kohédrenten Beschreibung des angeregten Wellenpakets, welche
wiederum auf der Fano-Theorie beruht. Die zum Wellenpaket beitragenden Rydbergkon-
figurationen in [51] sind alle vom selben Typ, wihrend die relevanten Konfigurationen in
der hier vorgestellten Untersuchung grundlegend unterschiedlichen Charakter haben.

Generell stellt die in dieser Arbeit entwickelte Technik eine addquate Moglichkeit dar,
die Dynamik von Elektronenwellenpaketen im Ionisationskontinuum zu beobachten. Der
Einfluss von Strukturen des Kontinuums auf diese Dynamik steht dabei im Zentrum der
Untersuchungen. Sowohl die experimentelle Technik, als auch die theoretische Beschrei-
bung der durch Fano-Resonanzstrukturen hervorgerufenen Effekte, sind nicht nur auf
Atome beschrankt, sondern lassen sich prinzipiell auch auf andere Quantensysteme, wie
beispielsweise Molekiile, iibertragen. Im vorliegenden Fall eines Wellenpakets in Krypton
mit Beitrdgen von zwei Fano-Resonanzen unterschiedlichen Typs konnte nicht nur der
Autoionisationsprozess verfolgt, sondern auch eine Interferenz zwischen diesen Beitra-
gen nachgewiesen werden. Dass Wellenpaketbeitrage einer Fano-Resonanz, die auf einer
Innerschalenanregung basiert, mit solchen, die auf eine doppeltangeregte Konfiguration
zuriickzufiihren sind, interferieren, wurde hier nach bestem Wissen zum ersten Mal ex-
perimentell beobachtet.
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In dieser Arbeit wurden Methoden zur Untersuchung der Dynamik von Elektronenwellen-
paketen in angeregten Zustdnden von atomaren Systemen entwickelt, die sich Quanten-
schwebungsphénomene bei der Ionisation dieser Wellenpakete zu Nutze machen. Solche
Quantenschwebungen treten stets auf, wenn mehrere diskrete atomare Niveaus kohérent
angeregt werden, und somit ein Wellenpaket bilden. Sie manifestieren sich im Photoelek-
tronenspektrum, wenn ein derart angeregtes Wellenpaket ionisiert, und der Zeitpunkt der
Tonisation relativ zur Anregung kontinuierlich verdndert wird.

Geschieht diese Ionisation durch einen intensiven Laserpuls, kann dieser eine zusitz-
liche Dynamik des angeregten Wellenpakets induzieren. Besonders ausgepragt tritt das
auf, wenn das Spektrum des Ionisationspulses mit dipolerlaubten Ubergingen in dem
untersuchten atomaren System in Resonanz ist. Eine solche Verdnderung des angeregten
Wellenpakets unmittelbar vor der Ionisation wirkt sich auf die Auspriagung der Quanten-
schwebungen im Kontinuum aus. Deren genaue Zusammensetzung hingt dann von der
Stéarke der induzierten Kopplung, und somit von der Intensitdt des Ionisationspulses ab.
Durch eine sorgfiltige Analyse der auftretenden Quantenschwebungen und deren Abhén-
gigkeit von dieser Intensitét lassen sich dann Riickschliisse auf die ablaufende, induzierte
Dynamik des Wellenpakets unter Einfluss des Ionisationspulses ziehen.

Im Verlauf dieser Arbeit wurde ein theoretisches Modell aufgestellt, das die hiervon
hervorgerufenen Anderungen in der Ausprigung der Quantenschwebungen beschreibt.
Das Modell ist auf Situationen anwendbar, in denen der Ionisations-Laserpuls von sol-
cher Intensitét ist, dass zwar der Ionisationsschritt noch {iber Stérungstheorie beschrieben
werden kann, nicht mehr jedoch die Kopplung der gebundenen Zustdnde. Weiterhin wur-
de mit einer Sequenz aus einem extrem ultravioletten (XUV) und einem infraroten (IR)
Puls eine Reihe von Experimenten an Neon-Atomen als Modellsystem durchgefiihrt, in
denen eine Situation wie in dem Modell vorlag. In dem untersuchten Zwei-Photonen-
Tonisationsprozess konnte eine deutliche Abhéngigkeit der auftretenden Quantenschwe-
bungen im Photoelektronenspektrum von der Intensitidt des IR-Pulses beobachtet, und
die Giiltigkeit des Modells bestétigt werden.

Die verwendete experimentelle Technik ermdglicht es zusammen mit der Beschreibung
durch das Modell, Zugriff auf die in dem atomaren System ablaufende, getriebene Dy-
namik zu erhalten. Der untersuchte Fall im Neon-Atom demonstriert die allgemeine An-
wendbarkeit und die Niitzlichkeit des Mechanismus. Konkret konnte bei den Experimen-
ten beobachtet werden, wie verschiedene angeregte Zustdnde des Neon durch die Wirkung
des IR-Laserpulses miteinander gekoppelt wurden, wodurch die Ionisation aus einzelnen
Zustdnden in zuvor nicht erreichbare Ionisationskanédle moglich wurde. Dies fihrt zu
speziellen Quantenschwebungsfrequenzen, die ohne eine solche Kopplung nicht auftreten
konnen.

Dariiber hinaus hat ein Experimentator in diesem Schema iiber die Intensitdt des lo-
nisationspulses die Kontrolle iiber die genaue Ausprigung der auftretenden Quanten-
schwebungen. Dies bietet die Moglichkeit, die spektrale Zusammensetzung von Elektro-
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nenwellenpaketen im Kontinuum in begrenztem Rahmen zu steuern. Dadurch kann der
untersuchte Mechanismus als eine einfache Form von kohérenter Steuerung (,,Coherent
control“) betrachtet werden [65]. In diesem Zusammenhang ist in Zukunft von Interesse,
zu untersuchen, welche weitergehenden Moglichkeiten der Steuerung sich zum Beispiel
durch die Kontrolle der genauen Pulsform des Ionisations-Laserpulses ergeben.

In einer weiteren experimentellen Untersuchung konnten spezielle Effekte der Dynamik
eines Elektronenwellenpakets im Ionisationskontinuum eines atomaren Systems verfolgt
werden. Bei dem hier untersuchten Modellsystem handelt es sich um das Krypton-Atom.
In dem untersuchten Spektralbereich weist das Ionisationskontinuum von Krypton Fano-
Resonanzstrukturen auf, die auf den Einfluss von diskreten Elektronenkonfigurationen
zuriickgefithrt werden koénnen. In dieser Arbeit konnte zum ersten Mal die Interferenz
zwischen Wellenpaketanteilen aus zwei unterschiedlichen Fano-Resonanzen experimentell
beobachtet werden.

Es handelt sich bei den zwei Resonanzen im Zentrum dieser Untersuchung um sol-
che mit fundamental unterschiedlichem Charakter. In der iiblicherweise verwendeten Be-
schreibung ist eine der Resonanzen auf eine diskrete Konfiguration zuriickzufithren, bei
der ein inneres (4s)-Elektron angeregt ist. Die andere Resonanz basiert auf einer Konfi-
guration mit gleichzeitiger Anregung von zwei &ufleren (4p)-Valenzelektronen. Es wurde
eine theoretische Beschreibung entwickelt, die auf der Beschreibung solcher Resonanzen
durch Ugo Fano [12] beruht, aber zusétzlich auch noch eine direkte Wechselwirkung der
diskreten Konfigurationen untereinander berticksichtigt.

Zur experimentellen Beobachtung wurde ein Schema realisiert, das von dem unter-
schiedlichen Charakter der beiden beteiligten Resonanzen Gebrauch macht. Die durch
Ein-Photon-Ionisation der beiden diskreten Konfigurationen erreichbaren Kontinua un-
terscheiden sich deutlich in der energetischen Lage, so dass die resultierenden Photoelek-
tronen in einer energieaufgeldsten Messung klar zu trennen sind. Dadurch ist es moglich,
die durch Wechselwirkung der diskreten Konfigurationen verursachten Effekte experimen-
tell zugdnglich zu machen.

Mit dieser Technik gelang es, ein exponentielles Abklingen zu beobachten, das auf die
begrenzte Lebensdauer einer der beiden diskreten Konfigurationen zuriickzufithren ist.
Weiterhin trat auch eine Oszillation auf, die dem exponentiellen Abklingen aufmoduliert
war. Bei dieser handelt es sich um eine Quantenschwebung, die durch die Interferenz von
Wellenpaketanteilen aus den beiden Resonanzstrukturen im untersuchten Spektralbereich
verursacht wird. Das aufgestellte theoretische Modell hilft hier bei der Interpretation der
Beobachtungen. Danach ist eine Interferenz zwischen den Wellenpaketanteilen mit solch
fundamental verschiedenem Charakter moglich, weil die beteiligten Fano-Resonanzen kei-
ne isolierten, nur auf einer diskreten Konfiguration basierenden Strukturen sind, sondern
auch Beimischungen von anderen Konfigurationen haben. Die durchgefiihrten Untersu-
chungen belegen, dass es mit der beschriebenen Technik mdoglich ist, solche Effekte in
Kontinuumswellenpaketen von atomaren Systemen zu analysieren. In zukiinftigen Un-
tersuchungen wird es von Interesse sein, zum Beispiel auch die Winkelabhéngigkeit der
emittierten Photoelektronen in diesem Prozess zu untersuchen, um weitere Aspekte der
Dynamik aufzudecken. Dariiber hinaus ist das experimentelle Schema auch auf komple-
xere Systeme wie Molekiile oder auch Festkorper anwendbar.

In dieser Arbeit wurde gezeigt, wie durch die Analyse von Quantenschwebungsphé-
nomenen Einblicke in dynamische Prozesse in elektronischen Wellenpaketen atomarer

78



Systeme gewonnen werden kénnen. Die hier vorgestellten experimentellen Techniken und
theoretischen Modelle konnten jeweils erfolgreich auf Modellsysteme angewendet wer-
den, um Informationen iiber inneratomare Prozesse zu erhalten. Sie konnen in Zukunft
als Basis dienen, um weitere, grundlegende Erkenntnisse iiber dynamische Prozesse in
Quantensystemen, auch unter Beteiligung von Mehrelektronenzustdnden, zu gewinnen.
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