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Einleitung

Seit vor über 50 Jahren der Laser erfunden wurde [1], schreitet seine Weiterentwick-
lung stetig und unaufhörlich voran. Mit der Entwicklung von immer neuen Laserty-
pen wie Gaslaser, Diodenlaser oder FarbstoÝaser erschlossen sich auch immer neue An-
wendungen [2, 3]. So ist der Laser heute aus der Materialbearbeitung oder der Medi-
zintechnik nicht mehr wegzudenken [4–6]. Ebenso haben viele Wissenschaýsbereiche
in hohem Maße von der Entdeckung des Lasers profitiert. Als Beispiel sei hier die La-
serspektroskopie genannt, deren zahlreiche Disziplinen wie laserinduzierte Fluoreszenz,
Raman-Spektroskopie, Cavity-ring-down-Spektroskopie, Doppler-freie Sättigungsspektro-
skopie und andere als physikalische Nachweis- und Analysemethoden fest etabliert sind
[7]. Aber auch andere wissenschaýliche Bereiche haben erfolgreiche Laseranwendungen
entwickelt. So lässt sich mit Lasern Energie zwischen DNA-Komplexen transferieren [8, 9],
die in der Atmosphäre ablaufenden Prozesse sowie ihre Zusammensetzung in Abhängig-
keit von Höhe oder Jahreszeit mit dem LIDAR-Verfahren untersuchen [10–12] oder laser-
gestützt Atome in Molekularstrahlen optisch kühlen [7, 13].
Auch die Lasertechnik selbst ist ein äußerst wichtiges Forschungsgebiet der Physik. Die

Erzeugung von kohärenter Strahlung bei immer höheren Photonenenergien hat mit der
Entwicklung von Freien-Elektronen-Lasern einen entscheidenden Schritt nach vorne ge-
macht [14]. So lässt sich heutzutage durch Freie-Elektronen-Laser kohärente Strahlung im
Ångström-Wellenlängenbereich erzeugen [15]. Neben immer kürzeren Wellenlängen ver-
sucht man auch die Dauer der Laserpulse immer weiter zu verkürzen. Das gelingt durch
Optimieren der Laserresonatoren. Mit relativ geringemAufwand sind dadurch schon Puls-
dauern im Pikosekundenbereich erreichbar [16]. Ist man in der Lage, die einzelnen Wellen-
längen eines Laserpulses zu synchronisieren, so lässt sich die Pulsdauer noch weiter verkür-
zen. Wurde die Kurzpulstechnik anfänglich von FarbstoÝasern dominiert, so dienen heute
aufgrund ihrer einfachen Handhabbarkeit, ihrer hohen Bandbreite und der Tatsache, dass
sie sich von den kommerziell weit verbreiteten frequenzverdoppelten Infrarotlasern pum-
pen lassen, fast ausschließlich Festkörper als Verstärkungsmedium [16]. Die Resonatoren
solcher Laser lassen sich unter Ausnutzung des Kerr-E×ekts so optimieren, dass seine Ei-
genschwingungen eine feste Phasenbeziehung zueinander haben [17]. Gelingt es, besonders
viele dieser Moden zu koppeln, so sind Laserpulse mit einer Dauer von wenigen Femtose-
kunden möglich [17].

Um noch kürzere Pulse zu erzeugen, ist vor allem eine Verschiebung der Zentralwel-
lenlänge des Lichtpulses in Richtung kürzerer Wellenlängen oder höherer Photonenener-
gien notwendig, da mindestens eine Oszillation der Trägerwelle in die Einhüllende des
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Einleitung

Lichtpulses passen muss, damit dieser sich in Raum und Zeit ausbreiten kann [7, 16]. Das
gelingt, wenn man die kohärenten Eigenschaýen der Kurzpulsstrahlung ausnutzt, um hö-
here Harmonische zu erzeugen [18, 19]. Werden hierfür Laserpulse eingesetzt, die selbst
nur aus wenigen Schwingungszyklen bestehen, dann lassen sich durch geeignete Wahl der
Phasenbeziehung zwischen Trägerwelle und Intensitätseinhüllender kohärente XUV- oder
Röntgenpulse erzeugen, deren Dauer nur ein Bruchteil der halben Periodendauer der Fun-
damentalen beträgt [16]. Auf diese Weise konnten Lichtpulse mit einer Dauer von 80 as
(1 as = 10−18 s) bei einer Zentralwellenlänge von 12 nm erzeugt werden [20]. Anwendungen
solcher kurzen Pulse wurden schon in zahlreichen Experimenten demonstriert [21–24].
Darüber hinaus lassen sich Kohärenz und Bandbreite von Femtosekundenpulsen aus-

nutzen, um gezielt physikalische und physikochemische Prozesse zu steuern oder zu kon-
trollieren. Pulsformungstechniken erlauben es, Parameter wie Amplitude, Phase, Frequenz
und die Separierung von Femtosekundenpulsen unabhängig zu manipulieren [25]. Der
Terminus kohärente Kontrolle steht dabei für die Möglichkeit, atomare und molekula-
re Zustände kohärent beeinflussen zu können [25]. Die Tatsache, dass hierfür nicht nur
Wahrscheinlichkeitsverteilungen von Wellenfunktionen, sondern auch die Phasenbezie-
hung von Ausgangs- und Endzuständen eine Rolle spielen – ein Konzept, das unter dem
Begri× Quantenkohärenz bekannt ist –, verdeutlicht, dass hierfür die kohärente Natur von
Laserstrahlung von fundamentaler Bedeutung ist. Vor allemAhmed Zewail gri× diese Kon-
zepte in seinen Arbeiten konsequent auf und führte letztendlich den Begri× Femtochemie
ein. Der Nobelpreis für Chemie im Jahr 1999 für seine Arbeiten auf diesem Gebiet unter-
streicht einmal mehr die herausragende Bedeutung dieser Entwicklung, die in der Folge-
zeit immer wieder weitergeführt wurde [25, 26]. Von Brumer und Shapiro bzw. Tannor,
Koslo× und Rice wurden zwei verschiedene theoretische Modelle entwickelt, die die ko-
härente Kontrolle in der Frequenzdomäne [27] bzw. in der Zeitdomäne [28] beschreiben.
Die Bedeutung der Femtochemie wird auch durch zahlreiche Experimente herausgehoben,
in denen mit geformten Femtosekundenpulsen Gasphasenreaktionen kontrolliert werden
konnten [29–35]. Zusammen mit theoretischen ab initio-Rechnungen wurden auf diese
Weise sogar komplette Reaktionspfade mit allen dazugehörigen Zwischenzuständen auf-
geklärt [36]. Mit dem Ziel, ultraschnelle photoinduzierte Reaktionen zu analysieren und
zu steuern, hat sich auch der Sonderforschungsbereich 450 in den vergangenen 12 Jahren
beschäýigt [37].

In der vorliegenden Arbeit wird versucht, verschiedene Teilbereiche aus dem Gebiet der
kohärenten Kontrolle zusammenzuführen. Unter dieser Vorgabe wird das Konzept der ko-
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Einleitung

härenten Anregung unter Ausnutzung der kohärenten Eigenschaýen höherer Harmoni-
scher in den XUV-Bereich transformiert. Es wird gezeigt, wie sich die Evolution spin-
verschränkter quantum beats, die durch kohärente XUV-Strahlung initiiert wurden, mit
Femtosekundenauflösung nachverfolgen lässt. Die Detektion der kinetischen Energie der
Photoelektronen ermöglicht es dabei, die Beiträge der einzelnen Harmonischen zu unter-
scheiden. Dieser Ansatz knüpý darüber hinaus an aktuelle theoretische und experimentelle
Arbeiten an, in denen die Phaseneigenschaýen ultrakurzer, kohärenter XUV- undRöntgen-
Strahlung moduliert werden [38, 39]. Es wird untersucht, inwieweit sich mit phasen-
modulierter XUV-Strahlung die Dynamik ultraschneller, atomarer Prozesse gezielt kon-
trollieren lässt. Ultrakurze XUV-Pulse machen auch Ein-Photonen-Anregungs-Nachweis-
Experimente zur Untersuchung ultraschneller Prozesse in diesem Energiebereich möglich.
Das erö×net eine komplementäre Methode zu der häufig verwendeten Multiphotonenan-
regung [40].

Weiterhin lässt sich in Open-loop-Experimenten durch die Variation von nur einem Pa-
rameter (single parameter control) eine spezifische Eigenschaý eines Systems kontrollieren
[35, 41]. In Abhängigkeit des linearen Chirps wird anhand eines einfachen Modellsystems
der Einfluss von resonanten Zwischenzuständen auf die Schwingungs- und Rotationsan-
regung bei der Multiphotonenionisation untersucht. In Kombination mit hochauflösender
UV/VIS-Fluoreszenzspektroskopie wird die Anregung innerer Freiheitsgrade direkt nach-
weisbar.

Im Gegensatz dazu erö×nen Closed-loop-Experimente die Möglichkeit, komplexe Pa-
rametersuchräume zu definieren [42]. Damit lassen sich mit automatisierten, rückgekop-
pelten Algorithmen die gewählten Modellsysteme hinsichtlich bestimmter Eigenschaýen
optimieren. In Kombination mit Anregungs-Nachweis-Experimenten gewähren die Ergeb-
nisse solcher Optimierungsexperimente Einblick in die zugrundeliegenden Reaktionsme-
chanismen ultraschneller Prozesse. Die Flugzeitmassenspektrometrie erlaubt dieDetektion
ionischer Fragmente, die infolge von Photoionisationsprozessen gebildet werden.
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1 Eigenschaften von
Femtosekundenlaserstrahlung

Kontinuierliches Laserlicht wird in der Zeitdomäne durch eine ebene Welle repräsentiert.
Die zeitliche Entwicklung ist durch

E(t) = E0eiω0 t (1.1)

gegeben. Dabei ist E0 die Amplitude des elektrischen Feldes, ω0 die Kreisfrequenz und t
die Zeit. Der Realteil dieser Funktion ist in Abbildung 1.1 gezeigt. Aus einer solchen ebenen
Welle lassen sich gedanklich Lichtpulse konstruieren, indem Gleichung 1.1 mit der Funk-
tion einer Einhüllenden multipliziert wird. Wird hierbei eine Gauß-Funktion gewählt, so
erhält man für den resultierenden Gauß-Puls

E(t) = E0e−Γt2+iω0 t . (1.2)

Die zeitliche Entwicklung eines solchen Gauß-Pulses ist in Abbildung 1.2 gezeigt. Γ heißt
Formfaktor der Gauß-Hüllkurve und hängt mit der Dauer des Laserpules t0 zusammen

–1

0

1

E 
(t
) Zeit

Abbildung 1.1: Zeitliche Entwicklung des elektrischen Feldes E(t) einer monochromatischen, ebenen Wel-
le. Durch die endliche Darstellung dieser Abbildung ist die gezeigte Kurve im eigentlichen Sinne schon
ein Laserpuls mit einer rechteckigen Einhüllenden.
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Abbildung 1.2: Zeitliche Entwicklung des elektrischen Feldes E(t) einesGauß-Laserpulses (rot). DieKurve
wird durch Multiplikation einer Kosinusfunktion mit einem Gauß-Profil (blau) berechnet.

[43]:
Γ ∝ t−2

0 . (1.3)

Die spektralen Komponenten eines Laserpulses lassen sich mit Hilfe einer Fourier-
Transformation bestimmen. Die Fourier-Transformation der in Abbildung 1.1 dargestellten,
ebenen Welle zeigt nur eine Frequenz, die dem Phasenfaktor der entsprechenden Sinus-
funktion entspricht. Für einen gaußförmigen Laserpuls hingegen, wie ihn Abbildung 1.2
zeigt, ist die Fourier-Transformierte ebenfalls gaußförmig. Daraus lässt sich folgern, dass
der Frequenzanteil eines Laserpulses immer größer ist als die spezifische Frequenz einer
ebenen Welle [44]. Die Fourier-Transformierte eines Gauß-Pulses ist in Abbildung 1.3 zu

E 
( ω
)

ω0

Frequenz ω

Abbildung 1.3: Die Fourier-Transformation des in Abbildung 1.2 gezeigten Gauß-Pulses stellt das elektri-
sche Feld E als Funktion der Frequenz ω dar und resultiert ebenfalls in einem Gauß-Profil, welches sym-
metrisch zur Zentralfrequenz ω0 des Laserpulses ist.
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1 Eigenschaýen von Femtosekundenlaserstrahlung

sehen. Das Spektrum des Laserpulses kann dann mit

E(ω) = exp [
−(ω − ω0)2

4Γ
] (1.4)

beschrieben werden.
Es ist ersichtlich, dass die Pulsdauer eines Laserpulses und dessen spektrale Komponen-

ten zusammenhängen. Dieser Zusammenhang ist durch die Zeit- bzw. Frequenz-Fourier-
Transformation gegeben:

E(t) = 1
2π ∫ ∞

−∞

E(ω)e−iωt dω, (1.5a)

E(ω) = ∫ ∞

−∞

E(t)eiωt dt. (1.5b)

Dabei kann der Lichtpuls in der Zeitdomäne über seine Pulsdauer ∆t und in der Frequenz-
domäne über seine spektrale Breite ∆ω charakterisiert werden. Es kann gezeigt werden,
dass diese beiden Größen über die universale Ungleichung

∆t ∆ω ≥
1
2

(1.6)

zusammenhängen [43]. Aus diesem Zusammenhang ergeben sich einige, für die Physik
ultrakurzer Laserpulse wichtige Zusammenhänge, die im Folgenden kurz skizziert werden
sollen [43]:

• Um einen Lichtpuls mit einer bestimmten Pulsdauer zu generieren ist eine spektrale
Mindestbandbreite vonnöten.

• Der Wert 12 aus Ungleichung 1.6 kann nur mit einem Lichtpuls erreicht werden, des-
sen Zeit- wie Frequenzprofil gaußförmig sind.

• Für ein gegebenes Spektrum gibt es eine Hüllkurve, die den für dieses Spektrum kür-
zest möglichen Puls zur Folge hat.

• Dieser kürzest mögliche Puls kann nur transformlimitiert sein, wenn sein Spektrum
symmetrisch ist.

• Besitzt der transformlimitierte Puls kein Gauß-Profil, dann ist die rechte Seite der
Ungleichung 1.6 größer als 12 .
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Dadiemeisten experimentell erzeugten Laserpulse keinGauß-Profil besitzen, ist besonders
der letztgenannte Punkt wichtig. Ein Femtosekundenlaserpuls mit einer gewissen spek-
tralen Breite, aber mit einer arbiträren Hüllkurve besitzt deswegen im Vergleich zu einer
gaußförmigen Hüllkurve immer eine größere Pulsdauer.

Die Frequenz, die ein Laserpuls bei einem bestimmten Zeitpunkt innerhalb der Pulsdau-
er besitzt, kann durch Ableitung der Phase bestimmt werden. Für einen fourierlimitierten
Laserpuls, der durch Gleichung 1.2 beschrieben wird, erhält man so

ω(t) = ∂ϕ
∂t

= ω0, (1.7)

d. h. die Frequenz ist während der kompletten Pulsdauer konstant. Anders verhält es sich,
wenn die Phase von der Zeit quadratisch abhängt:

ϕ = ω0t − at2. (1.8)

Die Frequenz während des Laserpulses ändert sich dann linear mit der Zeit:

ω(t) = ∂ϕ
∂t

= ω0 + αt. (1.9)

Man spricht hier von einen linearen Chirp des Laserpulses. Die zeitliche Entwicklung der
Frequenz eines gechirpten Laserpulses ist in Abbildung 1.4 gezeigt. Für den Fall, dass der
quadratische Term zu der linearen Phase addiert wird, ist die instantane Frequenz zu Be-
ginn des Laserpulses im Vergleich zur Zentralfrequenz rotverschoben und am Ende des
Laserpulses blauverschoben. Einen solchen Laserpuls nennt man positiv gechirpt. Bei ei-

–1

0

1

E 
(t
) Zeit

Abbildung 1.4: Positiv gechirpter Laserpuls. Die Frequenz der Laserpulses nimmt mit der Zeit linear zu. Das
wird dadurch deutlich, dass mit zunehmender Zeit das elektrische Feld E(t) immer schneller oszilliert.
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1 Eigenschaýen von Femtosekundenlaserstrahlung

nem negativ gechirpten Laserpuls verhält es sich genau umgekehrt.

Breitet sich ein Laserpuls in einem transparenten Medium aus, dann kommt es aufgrund
der frequenzabhängigen Ausbreitungsgeschwindigkeit

c = c0

n(ω)
(1.10)

zu einer Dispersion der Gruppengeschwindigkeit. Hier ist c0 die Lichtgeschwindigkeit im
Vakuum und n(ω) der Brechungsindex des Mediums für die Frequenz ω. Nachdem der
Laserpuls im transparenten Medium eine Strecke x zurückgelegt hat, ist sein Spektrum
modifiziert und kann durch

E(ω, x) = E0(ω)eik(ω)x , k(ω) =
nω
c

(1.11)

beschrieben werden [43]. Hier ist k(ω) ein frequenzabhängiger Wellenvektor. k(ω) kann
in eine Taylor-Reihe um die Zentralfrequenz w0 entwickelt werden:

k(ω) = k(ω0) + k′(ω − ω0) + 12k′′(ω − ω0)
2 +⋯. (1.12)

Höhere Terme können in der Regel vernachlässigt werden. Hier sind

k′ = (
dk(ω)

dω
)
ω0

(1.13)

und
k′′ = (

d2k(ω)

dω2 )
ω0

. (1.14)

Der erste Term (Gleichung 1.13) beschreibt die Dispersion der Phasengeschwindigkeit, der
zweite (Gleichung 1.14) die Dispersion der Gruppengeschwindigkeit. Damit wird Glei-
chung 1.11 zu [43]

E(ω, x) = exp [−ik(ω0)x − ik′x(ω − ω0) − (
1
4Γ

+
i
2
k′′) (ω − ω0)

2] . (1.15)

Um die zeitliche Entwicklung des elektrischen Feldes zu bestimmen, muss die Fourier-
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Transformierte von Gleichung 1.15 berechnet werden. Man erhält

E(t, x) =
√

Γ(x)
π

exp [iω0 (t − x
cϕ(ω0)

)] × exp
⎡
⎢
⎢
⎢
⎢
⎣

−Γ(x)(t − x
υg(ω0)

)

2⎤
⎥
⎥
⎥
⎥
⎦

(1.16)

mit
υϕ(ω0) = (

ω
k
)
ω0

, υg = (
dω
dk

)
ω0

und 1
Γ(x)

=
1
Γ
= 2ik′′x . (1.17)

Aus dem ersten Exponentialterm der Gleichung 1.16 ist ersichtlich, dass die Phase der Zen-
tralfrequenz ω0 nach einer Strecke x um den Betrag x/υϕ verzögert ist. Da die Phase für
Laserpulse mit vielen Schwingungszyklen in der Regel keine messbare Größe ist, hat die-
ser E×ekt keine beobachtbaren Auswirkungen [43]. Der zweite Exponentialterm von Glei-
chung 1.16 zeigt, dass die Hüllkurve des Laserpulses nach einer Strecke x ihr Gauß-Profil
behält, aber umden Betrag x/υg verzögert wird. υg wirdGruppengeschwindigkeit genannt.
Aus der Definition für Γ(x) aus Gleichung 1.17 kann gezeigt werden, dass sich für einen
transformlimitierten Laserpuls immer eine Verbreiterung der Pulsdauer ergibt, wenn der
Laserpuls das Medium entlang einer Strecke x > 0 durchlaufen hat [43].
Da für den Wellenvektor k = 2π/λ gilt und für die Wellenlänge in einem Medium λ =

2πc0/ω, lässt sich für Gleichung 1.14 auch

k′′ = λ3

2πc2
d2n
dλ2 (1.18)

schreiben [43], wobei hier zusätzlich der Zusammenhang aus Gleichung 1.10 verwendet
wurde. Wie man sieht, ist das Vorzeichen der Dispersion der Gruppengeschwindigkeit k′′

alleine abhängig vom Vorzeichen der Krümmung des Brechungsindexes n bei der Wel-
lenlänge λ. Für viele Materialien ist der Brechungsindex in Abhängigkeit der Wellenlän-
ge gelistet oder kann aus optischen Konstanten, beispielsweise den Sellmeier-KoeÚzienten
berechnet werden [45, 46]. Wenn die Absorptionseigenschaýen des Mediums, z. B. eines
Gases, bekannt sind, kann für höhere Photonenenergien jenseits des sichtbaren Bereichs
der Brechungsindex mit

n(ω) = 1 + Ne2
2ε0me

∑
j
f j

1
ω2

j − ω2 + iγ jω
(1.19)

berechnet werden [47]. Hier sind N die Anzahl der Teilchen, die von dem Lichtpuls durch-
laufen werden, e die Ladung und me die Masse eines Elektrons, ω j die Frequenz mit der
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1 Eigenschaýen von Femtosekundenlaserstrahlung

zugehörigen Linienbreite γ j und Oszillatorenstärke f j des Übergangs j. Hieraus lässt sich
numerisch k′′ berechnen.
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2 Wechselwirkung ultrakurzer Lichtpulse
mit Atomen und Molekülen

2.1 Ionisationsmechanismen

Im Fokus eines Femtosekundenlaserpulses können Feldstärken größer 0.05V/m herr-
schen. Dabei wird das elektrische Feld E(t) = E0 cos(ωt) ähnlich groß wie die Feldstärke,
der Elektronen in einem Atom ausgesetzt sind. In diesem Fall kann das Elektron das Atom
durch Tunneln verlassen.Das Potential, welches das Elektron spürt, ist dann aus zwei Teilen
zusammengesetzt [48]:

V(r⃗, t) = − e2
4πє0r

+ eE⃗(t)r⃗. (2.1)

Der erste Summand beschreibt den Coulomb-Term des ionischen Rumpfes, der zweite
Summand das durch das externe elektrische Laserfeld E(t) induzierte Potential. Hier sind
e die Elementarladung, є0 die elektrische Feldkonstante und r der Abstand des Elektrons
zum Rumpf. Für hohe Laserintensitäten wird das Potential des Elektrons so stark verzerrt,
dass sich für das Elektron eine Barriere ergibt, die durch Tunneln überwunden werden
kann. Das e×ektive Potential setzt sich nach Gleichung 2.1 aus der Summe dieser beiden
Beiträge zusammen. Abbildung 2.1 zeigt Potentiale verschieden starker, elektrischer Felder
und die damit verbundenen Ionisationsmechanismen.

a b c

Abbildung 2.1: Drei Beispiele für Elektronenpotentiale in verschieden starken elektrischen Feldern: schwa-
ches elektrisches Feld, unverzerrtes Coulomb-Potential, Ionisation durch Multiphotonenionisation (a);
stärkeres elektrisches Feld, verzerrtes Potential, Tunnelionisation (b); sehr starkes elektrisches Feld, stark
verzerrtes Potential, over-the-barrier-Ionisation (c). Die gestrichelte Linie gibt jeweils den linearen Beitrag
des zweiten Summanden aus Gleichung 2.1 an.
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2 Wechselwirkung ultrakurzer Lichtpulse mit Atomen und Molekülen

Erste theoretische Arbeiten über den Prozess der Tunnelionisation erschienen schon
1965 [49]. Keldysh verö×entlichte darin eine analytische Formel für die Ionisationsrate ωK

eines Wassersto×atoms in einem starken äußeren elektrischen Feld:

ωK =

√
6πIp
4ħ

⎛

⎝

eEħ
m1/2
e I3/2p

⎞

⎠

1/2

exp
⎛

⎝
−
4
√

2meI3/2p

eEħ
(1 −

meω2Ip
5e2E2 )

⎞

⎠
, (2.2)

in der e und me die Ladung und Masse des Elektrons sowie Ip das Ionisationspotential ist.

Im Jahr 1985 verallgemeinerten Ammosov, Delone und Krainov Keldyshs Feorie für be-
liebige Atome und beliebige elektronische Zustände [50].

Die Übergänge zwischen den einzelnen Ionisationsmechanismen, die Abbildung 2.1
zeigt, vollziehen sich nicht abrupt mit Erhöhung der Intensität des elektrischen Feldes, son-
dern fließend. Um abzuschätzen, welche Ionisationsform bei einer bestimmten Laserinten-
sität dominiert, bedient man sich gerne des sog. Keldysh-Parameters

γ =

¿
Á
ÁÀ Ip

2Up
(2.3)

mit
Up =

e2E2
0

4meω
. (2.4)

Es werden hier drei Ionisationsregime definiert, die sich am Wert des Keldysh-Parameters
ablesen lassen können. Ist γ > 1, findet überwiegend Multiphotonenionisation statt, für
γ ≲ 1 überwiegt Tunnelionisation und ist γ ≪ 1, dann ist das Potential so stark verzerrt,
dass das Elektron instantan freigesetzt wird. Dieser Bereich wird auch als over-the-barrier-
Regime bezeichnet [51].

Im Photoelektronenspektrum werden im Multiphotonenionisationsregime diskrete
Photoelektronensignale beobachtet. Sowohl im Fall von Tunnelionisation als auch bei der
over-the-barrier-Ionisation zerfließen diese diskreten Signale zu einer kontinuierlichen
Energieverteilung der Elektronen. Es werden umso höhere Elektronenenergien erreicht,
je höher die Ionisationsfeldstärken sind.

Zusätzlich treten noch weitere Ionisationsformen auf. So müssen, um ein Teilchen per
Multiphotonenionisation zu ionisieren, so viele Photonen absorbiert werden, dass die Sum-
me der Photonenenergien der fundamentalen Strahlung größer ist als das Ionisationspo-
tential des Teilchens. Dafür sind hohe Laserfeldstärken erforderlich. Das hat zur Folge, dass
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2.2 Erzeugung von höheren Harmonischen

durch elastische Streuung des Elektrons am ionischen Rumpf auch mehr Photonen absor-
biert werden können als nötig [48]. Als Folge davon werden Photoelektronensignale im
ganzzahligen Abstand der fundamentalen Photonenenergie beobachtet [48]. Dieser E×ekt
wird als above-threshold-Ionisation (ATI) bezeichnet [52, 53].
Bei der direkten Doppelionisation kommt es zur inelastischen Streuung eines Elektrons

mit einem weiteren Elektron des ionischen Rumpfes. Dies hat einen konzertierten, zweifa-
chen Ionisationsprozess zur Folge [48, 51]. Diese Art vonDoppelionisation ist stark von der
Intensität der Laserstrahlung abhängig. Im Photoelektronenspektrum tritt dabei bei hohen
Intensitäten ein Knick auf [48]. Dieser Prozess wird auch nonsequential double ionization
genannt [54, 55].

Im Allgemeinen kann es bei Tunnelionisationsprozessen zu unterschiedlichen Prozes-
sen des freigesetzten Elektrons kommen. Wird das Elektron inelastisch gestreut, führt das
zur oben beschriebenen, direkten Doppelionisation, aus der elastischen Streuung folgt die
above-threshold-Ionisation. Falls allerdings das Elektron wieder mit dem ionischen Rumpf
rekombiniert, dann kommt es zur Erzeugung höherer Harmonischer der fundamentalen
Laserfrequenz [48]. Auf den letztgenannten Prozess wird in Kapitel 2.2 gesondert einge-
gangen.

2.2 Erzeugung von höheren Harmonischen

Die Erzeugung höherer Harmonischer beschreibt einen Prozess, bei dem Laserstrahlung
einer bestimmten Frequenz in Strahlung umgewandelt wird, dessen Frequenz einem ganz-
zahligen Vielfachen der fundamentalen Frequenz entspricht, wobei dieseKonversion durch
eine nicht lineare Wechselwirkung mit einem Medium hervorgerufen wird [48].
Erste Experimente zur Erzeugung höherer Harmonischer wurden bereits 1987 bzw. 1988

durchgeführt [18, 19]. Höhere Harmonische wurden sowohl mit kurzwelligen Excimerla-
sern [56–58], mit FarbstoÝasern im sichtbaren Spektralbereich [59, 60] als auch mit Infra-
rotlasern [60, 61] erzeugt.
Dabei kann durch die Erzeugung höherer Harmonischer ein äußerst breiter Energiebe-

reich abgedeckt werden. Dieser kann bis einige hundert eV [62, 63] oder sogar tausend eV
[64] reichen.
Experimentell beobachtet man bei der Erzeugung höherer Harmonischer einen raschen

Abfall der Intensität mit der Ordnung der Harmonischen bis sich dann über einen weiten

23



2 Wechselwirkung ultrakurzer Lichtpulse mit Atomen und Molekülen

Bereich die Intensität nicht ändert. Anschließend fällt die Intensität schnell auf Null ab.
Abbildung 2.2 zeigt in einem Übersichtsspektrum ein solches Verhalten. Die Ausbildung
eines gezeigten Plateaus lässt sich mit einem rein störungstheoretischem Ansatz nicht er-
klären, hier würdeman ausschließlich einen raschen Abfall der Intensität mit der Ordnung
der Harmonischen erwarten [48]. Im Jahr 1993 verö×entlichten Corkum [65] und Kulan-
der et al. [66] eine quasiklassische Feorie, mit der sich die Plateaubildung gut erklären
ließ. Dieses einfache 3-Schritt-Modell wurde später auch durch theoretische Arbeiten der
Quantenmechanik bestätigt [67, 68].

2.2.1 Der quasiklassische 3-Schritt-Mechanismus

Die Erzeugung höherer Harmonischer lässt sich als 3-Schritt-Mechanismus formulieren.
Die einzelnen Schritte – Ionisation, Beschleunigung der Elektronen im elektrischen Feld
und Rekombination – sollen im Folgenden erläutert werden.

Ionisation

In starken Laserfeldern kommen die in Kapitel 2.1 beschriebenen Ionisationsmechanismen
zum Tragen. Eine wichtige Kenngröße in diesem Zusammenhang ist der in Gleichung 2.3
definierte Keldysh-Parameter, der unter anderem von der Laserintensität abhängt. Wird
die Laserintensität so gewählt, dass der Keldysh-Parameter sehr viel kleiner als 1 wird, dann

lo
g(
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te
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itä

t)

39373533312927252321191715131197531
Ordnung der höheren Harmonischen

perturbative
regime

plateau

cut off

Abbildung 2.2: Übersichtsspektrum zur Intensitätsverteilung höherer Harmonischer [48]. Zu sehen ist das
perturbative regime, in dem die Intensität mit steigender Ordnung der Harmonischen schnell abfällt. Es
schließen sich das Plateau, in dem die Intensität der Harmonischen über einen längeren Bereich gleich
bleibt, und der cut-o×-Bereich an. In Letzterem fällt die Intensität der Harmonischen rasch auf Null ab.
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2.2 Erzeugung von höheren Harmonischen

überwiegt Tunnelionisation [48]. In diesem Bereich wird dasCoulomb-Potential durch das
Laserfeld so stark verzerrt, dass sich eine Barriere ausbildet, durch die das Elektron hin-
durchtunneln kann und die mit der Frequenz des Laserfeldes oszilliert.

Im Folgenden wird erklärt, warum das Tunnelregime am besten für die Erzeugung hö-
herer Harmonischer geeignet ist.

Beschleunigung der Elektronen im elektrischen Feld

Nachdem das Elektron das Atom durch Tunnelionisation verlassen hat, kann es als freies
Elektron betrachtet werden. Seine Bewegung hängt dann nur noch vom Einfluss des oszil-
lierenden elektrischen Feldes des Laserpulses ab [48]. Seine Geschwindigkeit entlang der
Richtung des elektrischen Feldvektors ist in diesem Fall gegeben durch

υ(t) = ∫ t

0
−
e
me
E(t′)dt′ + υ0 = −

E0e
meω

sin(ωt) + υ0. (2.5)

Für Elektronen ohne Anfangsgeschwindigkeit υ0 definiert deren mittlere kinetische Ener-
gie Ēkin das ponderomotive Potential (Gleichung 2.4), welches proportional zu E2

0 ist [48].
Ist υ0 = 0 die Anfangsgeschwindigkeit des Elektrons zum Zeitpunkt der Ionisation und

berücksichtigt man des Weiteren, dass die Ionisation zu einer beliebigen Phase φ des elek-
trischen Feldes E(t) = E0 cos(ωt + φ) stattfindet, so ergibt sich für die Geschwindigkeit
υ(t) und den Ort x(t) des Elektrons

υ(t) = ∫ t

0
−
e
me
E(t′)dt′ = − E0e

meω
(sin(ωt + φ) − sin(φ)) , (2.6)

x(t) = ∫ t

0
υ(t′)dt′ = E0e

meω
(cos(ωt + φ) − cos(φ)) + sin(φ)t. (2.7)

Der zeitunabhängige Teil in Gleichung 2.6 wird auch als Driýgeschwindigkeit bezeichnet.
Ist φ = 0, dann oszilliert das Elektron im Laserfeld um das Ion, für φ ≠ 0 entfernt sich das
Elektron mit der Zeit vom Ion. In Abbildung 2.3 sind für verschiedene φ Elektronenbahnen
gezeigt.
Die Amplitude des Ortes des Elektrons im elektrischen Feld in Gleichung 2.7 wird auch

als der ponderomotive Radius
a0 =

E0e
meω2 (2.8)

bezeichnet. Typische Werte von a0 für Intensitäten der Laserstrahlung im Bereich
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2 Wechselwirkung ultrakurzer Lichtpulse mit Atomen und Molekülen
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Abbildung 2.3: Flugbahnen von Elektronen nach Tunnelionisation in starken elektrischen Feldern in Ein-
heiten von a0 [48]. Für φ = 0 oszilliert das Elektron um das Ion ohne sich zeitlich von seiner Gleichge-
wichtsposition zu entfernen (a). Zum Zeitpunkt der Rekombination besitzen die Elektronen verschiedene
Geschwindigkeiten. Sie ist abhängig von der Phase, bei welcher das Elektron tunnelionisiert, lässt sich aus
der Steigung zum Zeitpunkt der Rekombination ableiten und ist für φ = 18 ○ maximal (b).

1014 W/cm2 betragen einige Nanometer. Sie sind damit wesentlich größer als der Atom-
radius und bestätigen, dass das im elektrischen Feld oszillierende Elektron tatsächlich als
freies Elektron angesehen werden kann [48]. Aus Abbildung 2.3 wird deutlich, dass nur
Elektronen, die bei kleinem φ ionisiert werden, solche Trajektorien besitzen, dass sie im
Laufe ihrer Beschleunigung im elektrischen Feld dem Ion wieder so nahe kommen und
somit mit diesem rekombinieren können. Diese Rekombination ist der Schlüsselschritt bei
der Erzeugung von höheren Harmonischen und wird im Folgenden diskutiert.

Rekombination

Wenn ein Elektron mit einem Ion rekombiniert, so wird ein Photon emittiert, dessen Pho-
tonenenergie genau der Überschussenergie dieses Prozesses entspricht:

ħω = Ekin + Ip. (2.9)

Ekin ist hier die kinetische Energie, die das Elektron infolge der Beschleunigung im elektri-
schen Laserfeld erlangt hat, und Ip das Ionisationspotential des Atoms.
Aus der Steigung der Trajektorien, die in Abbildung 2.3 dargestellt sind, lässt sich die

Geschwindigkeit der Elektronen ablesen. Die höchste Photonenenergie wird deswegen für
solche Werte von φ erreicht, bei denen die kinetische Energie der Elektronen beim Passie-
ren von x = 0 maximal wird. Löst man x(t) = 0 (Gleichung 2.7) für verschiedene Werte
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2.2 Erzeugung von höheren Harmonischen

von φ und berechnet die kinetische Energie der Elektronen, so stellt man fest, dass die-
se für φ = 17 ○ maximal wird [65]. Die maximale kinetische Energie entspricht etwa dem
3.17-fachen von Up [48], so dass sich für die maximale Photonenenergie

ħω = 3.17 ⋅Up + Ip (2.10)

ergibt. Diese Energie entspricht auch der experimentell bestätigten cut-o×-Energie, die in
Abbildung 2.2 gezeigt ist [48]. Bevor dieser für die Erzeugung höherer Harmonischer so
wichtige Zusammenhang aus dem quasiklassischen 3-Schritt-Mechanismus theoretisch be-
schrieben wurde [65], wurde diese Gesetzmäßigkeit auch schon empirisch gefunden [69].

Betrachtet man den Rekombinationsprozess genauer, so stellt man fest, dass in Ab-
hängigkeit vom Zeitpunkt der Ionisation des Elektrons innerhalb eines optischen Zy-
klus, d. h. bei welcher Phase φ die Ionisation stattfindet, zwei Elektronentrajektorien mög-
lich sind [70]. Diese werden lange und kurze Trajektorie genannt. Emittierte Höhere-
Harmonischen-Strahlung aus der kurzen bzw. langen Trajektorie ist positiv bzw. negativ
gechirpt [71]. Abbildung 2.4 zeigt die zwei möglichen Elektronentrajektorien, die zur glei-
chen höheren Harmonischen beitragen. Kurze und lange Trajektorie gehen bei der cut-o×-
Energie von 3.17Up ineinander über.
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Abbildung 2.4: Elektronen können zu unterschiedlichen Phasen φ innerhalb eines optischen Zyklus ioni-
siert werden [48]. Zwischen Ionisations- und Rekombinationsprozess sind zwei unterschiedliche Trajek-
torien möglich, die zur Photonenenergie einer bestimmten Harmonischen beitragen (a). Der Ionisations-
prozess findet bei beiden Trajektorien zu unterschiedlichen Phasen φ innerhalb eines optischen Zyklus
des Laserfeldes statt (b).
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2 Wechselwirkung ultrakurzer Lichtpulse mit Atomen und Molekülen

Der Divergenzwinkel, unter dem die Harmonischen abgegeben werden, lässt sich mit

θ j =
λh

πwh

¿
Á
ÁÀ1 + 4α2

j I20
w4

h
w4
f

(2.11)

berechnen, für die spektrale Breite der jeweiligen Harmonischen gilt

∆λ j =
λ2
h

πcτh

¿
Á
ÁÀ1 + 4α2

j I20
τ4h
τ4f

. (2.12)

Hier sind λh, wh und τh die Wellenlänge, der Fokaldurchmesser und die Pulsdauer der
Harmonischen und w f , τ f und I0 der Fokaldurchmesser, die Pulsdauer und die maxima-
le Intensität der Fundamentalen, j = s für die kurze und j = l für die lange Trajektorie
[72]. Abbildung 2.5 zeigt einige Werte für α j. Man sieht, dass kurze und lange Trajektorie
für Harmonische hoher Ordnung, d. h. für Photonenenergien nahe 3.17Up gegeneinander
konvergieren.
Da für die atomare Dipolphase der langen Trajektorie eine lineare Abhängigkeit von der

maximalen Intensität der Fundamentalen besteht, während dieDipolphase der kurzen Tra-
jektorie nahezu unabhängig davon ist

dφl

dI0
≈ 26 × 1014 cm2/W, dφs

dI0
≈ 0, (2.13)

ist für die emittierte Strahlung von Elektronen der langen Trajektorie die Phasenanpas-
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Abbildung 2.5: Berechnete und interpolierte Werte von α j für eine Intensität von 1.5× 1014 W/cm2 (Werte
aus [72]). Details sind im Text gegeben.
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2.2 Erzeugung von höheren Harmonischen

sung viel weniger gegeben als für die Strahlung der Elektronen aus der kurzen Trajektorie
[60, 73]. Demzufolge kommt es vor allem dann zu einer verstärkten destruktiven Interfe-
renz der Strahlung der langen Trajektorie, wenn Linsen mit kurzen Brennweiten verwendet
werden, da hier die Änderung der Intensität am Fokalpunkt in einem gegebenen räumli-
chen Intervall viel größer ist als für eine langbrennweitige Linse.

2.2.2 Wichtige Zusammenhänge bei der Erzeugung höherer

Harmonischer

• Aus Gleichung 2.10 wird deutlich, dass bei der Erzeugung höherer Harmonischer die
höchsten Photonenenergien erreicht werden, wenn Up maximal wird. DaUp propor-
tional zu E2

0 und invers proportional zu ω2 ist (vgl. Gleichung 2.4), ist dies für hohe
Feldstärken und niedrige Frequenzen gegeben.

• Für große Werte von Up bleibt nach Gleichung 2.3 γ ≪ 1. Dadurch dominiert als Io-
nisationsprozess die Tunnelionisation, was für die Erzeugung höherer Harmonischer
sehr wichtig ist.

• Da die Erzeugung höherer Harmonischer stark von der Phase des elektrischen Fel-
des abhängt, sind die höheren Harmonischen kohärent zum Laserfeld, d. h. zu ihrer
Fundamentalen.

• Die Erzeugung höherer Harmonischer nach dem 3-Schritt-Mechanismus wiederholt
sich jede halbe Periode T/2 der Laserfrequenz f . Da die Fourier-Transformation des-
halb diskreteWerte annimmt, welche gerade 1/(T/2) = 2 f voneinander getrennt sind,
wird klar, dass experimentell nur ungerade Vielfache der Fundamentalen, d. h. un-
gerade höhere Harmonische beobachtet werden.

• Wenn allerdings das Konversionsmedium kein Inversionszentrum besitzt, dann fin-
det die Erzeugung der höheren Harmonischen nicht mehr mit T/2, sondern mit T
statt und da 1/T = f , werden auch gerade Harmonische erzeugt.
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2 Wechselwirkung ultrakurzer Lichtpulse mit Atomen und Molekülen

2.3 Anregung atomarer und molekularer Zustände

2.3.1 Rydberg-Anregung von Atomen

Unter Beachtung des Pauli-Prinzips und der Hundschen Regeln lassen sich die Elektronen
eines Atoms auf die einzelnen Orbitale verteilen. Daraus resultiert eine Elektronenkon-
figuration, die durch die Quantenzahlen n und l charakterisiert ist [74]. n wird Haupt-
quantenzahl genannt und l Nebenquantenzahl, die gleichzeitig die Quantifizierung des
Bahndrehimpulses des betrachteten Elektrons angibt. Der einfachste Fall liegt für das Was-
sersto×atom vor, da dieses System nur aus einem Proton und einem Elektron besteht. Für
elektronische Systememit mehrerenElektronen ist dieWechselwirkung der Elektronen un-
tereinander zu beachten. Die Wechselwirkung besteht im Wesentlichen aus der Kopplung
derDrehimpulsemiteinander. Legt man dasRussell-Saunders-Kopplungsschema zugrunde
[75], dann lassen sich die Einzelbahndrehimpulse der Elektronen li zu einemGesamtbahn-
drehimpuls L koppeln. Das geschieht mittels Vektoraddition, da sowohl die Einzelbahn-
drehimpulse li als auch der Gesamtbahndrehimpuls L nur ein ganzzahliges Vielfaches von
ħ sein können [74]. Betrachtet man nur zwei Elektronen mit den Bahndrehimpulsen l1 und
l2, dann kann L die Werte

L = ∣l1 − l2∣ , ∣l1 − l2 + 1∣ . . . l1 + l2 − 1, l1 + l2 (2.14)

annehmen. Den Werten für L werden dabei lateinische Großbuchstaben zugeordnet. Diese
Zuordnung ist in Tabelle 2.1 gezeigt.
Ebenso wird mit den Spindrehimpulsen si verfahren. Das führt zum Gesamtspin-

drehimpuls S. Aus diesem Grund wird das Russell-Saunders-Kopplungsschema auch LS-
Kopplungsschema genannt. Die Einheit aus L und S definiert den Term dieser Elektro-
nenkonfiguration [77]. Existieren zu einer bestimmten Elektronenkonfiguration mehrere
mögliche Terme, dann bilden diese eine Poliade [77]. Berücksichtigt man weiterhin die
Wechselwirkung des Gesamtbahndrehimpulses mit demGesamtspindrehimpuls, dann ge-
langt man zu der Quantenzahl J. J steht für den Gesamtdrehimpuls der Elektronenkon-

Tabelle 2.1: Den Werten für L werden arabische Großbuchstaben zugeordnet. Ab L = 3 wird dabei alpha-
betisch verfahren, wobei die schon verwendeten Buchstaben S, P und D sowie J ausgelassen werden [76].

L = 0 1 2 3 4 . . .
S P D F ab hier fortlaufend im Alphabet
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2.3 Anregung atomarer und molekularer Zustände

figuration. Durch die Kopplung des Gesamtbahndrehimpulses mit dem Gesamtspindreh-
impuls wird ein Zustand gebildet. Dieser wird üblicherweise in der Form

MLJ (2.15)

geschrieben. M heißt Multiplizität und leitet sich mit M = 2S + 1 direkt vom Gesamtspin-
drehimpuls ab.

Für Dipolanregungen atomarer Zustände müssen Auswahlregeln beachtet werden. So
muss sich beim Übergang der Bahndrehimpuls L um ±1 ändern. Diese Auswahlregel er-
gibt sich aus Gründen der Drehimpulserhaltung. Da ein Photon auch einen Drehimpuls
besitzt, muss sich während dem Übergang der Drehimpuls des absorbierenden Systems
um 1 ändern. Dipolübergänge sind nur zwischen Zuständen gleicher Multiplizität erlaubt.
Das bedeutet, dass sich bei dem Übergang die Spinquantenzahl nicht ändern darf. Da sich
die Quantenzahl J aus der Kopplung von L und S ergibt, ist für Dipolübergänge ∆J = 0,±1.
Allerdings ist der Übergang J′ = 0→ J′′ = 0 verboten [78].

Die LS-Kopplung hat dort ihre Gültigkeit, wo die Wechselwirkung zwischen den Bahn-
drehimpulsen sehr viel größer ist als die Wechselwirkung der Bahndrehimpulse der Elek-
tronen mit ihren Spindrehimpulsen. Das triÞ auf sehr leichte Elemente zu, aber auch auf
Alkalimetalle, da diese nur ein Valenzelektron besitzen [75].

Für schwere Elemente, d. h. mit zunehmender Massenzahl, wird die elektrostatische
Wechselwirkung der Elektronen schwächer und die Spinbahnwechselwirkung bekommt
mehr Gewicht [76]. Im Grenzfall, bei dem für jedes Elektron die Spinbahnwechsel-
wirkung die Coulomb-Wechselwirkungen der Elektronen überwiegt, werden reine j j-
Kopplungsbedingungen erreicht. Bei der j j-Kopplung wird zuerst für alle Elektronen der
Bahndrehimpuls li des jeweiligen Elektrons i mit dessen Spindrehimpuls si gekoppelt. Dar-
aus resultieren i Elektronendrehimplse ji . Anschließend werden diese Elektronendrehim-
pulse ji zu einem Gesamtdrehimpuls J des elektronischen Systems gekoppelt. Für ein Sys-
tem mit zwei e×ektiven Elektronen kann dieses Schema mit der verkürzten Notation

[(l1, s1) j1, (l2, s2) j2] J (2.16)

beschrieben werden [76]. Atomare Zwei-Elektronen-Zustände werden dabei in Analogie
zu Gleichung 2.15 mit

( j1, j2)J (2.17)
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2 Wechselwirkung ultrakurzer Lichtpulse mit Atomen und Molekülen

geschrieben [76].

Das LS- und das j j-Kopplungsschema stellen zwei Grenzfälle dar, in deren Übergangs-
bereich zwei weitere Kopplungsschemata zutre×en, die vor allem für elektronisch angeregte
Atome oder Ionen wichtig sind, bei denen das angeregte Elektron eine andere Hauptquan-
tenzahl besitzt als der Rest der Elektronen. Aus diesem Grund werden diese beiden Kopp-
lungsschemata auch als pair coupling bezeichnet.

Der eine Fall wird als JcK-Kopplung bezeichnet und tritt dann ein, wenn zwar bei dem
inneren Elektron die Spinbahnwechselwirkung überwiegt, die nächstgrößere Wechselwir-
kung aber dieKopplungmit demBahndrehimpuls des angeregten Elektrons darstellt. Dann
wird zuerst durch Kopplung von Spindrehimpuls Sc und Bahndrehimpuls Lc des Rumpfes
ein Gesamtrumpfdrehimpuls Jc gebildet (Gleichung 2.18a). Dieser wird anschließend mit
demBahndrehimpuls l des angeregten Elektrons zur Quantenzahl K gekoppelt (Gleichung
2.18b). Zuletzt wird noch die schwache Wechselwirkung mit dem Spin s des angeregten
Elektrons berücksichtigt (Gleichung 2.18c).

Lc + Sc = Jc (2.18a)

Jc + l = K (2.18b)

K + s = J (2.18c)

Die Kopplung lässt sich verkürzt auch

{[(l1, s1)Jc , l2]K , s2}J (2.19)

schreiben. Standardmäßig werden die Zustände

Jc[K]J (2.20)

geschrieben [76].Dieser Kopplungstyp kommtbesonders bei elektronisch angeregtenEdel-
gasen und Elementen der Kohlensto×gruppe vor [76, 79].

Der zweite Fall wird mit LK-Kopplung bezeichnet und tritt dann ein, wenn die elek-
trostatische Wechselwirkung zwischen dem Rumpfelektron und dem angeregten Elektron
die Spinbahnwechselwirkung beider Elektronen überwiegt und die Wechselwirkung mit
dem inneren Elektron diejenige mit dem angeregten Elektron [76]. In diesem Fall werden
zuerst die beiden Bahndrehimpulse Lc und l gekoppelt (2.21a), anschließend der resultie-
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rende Gesamtbahndrehimpuls L mit dem Spin des inneren Elektrons Sc (Gleichung 2.21b)
zur Quantenzahl K und zuletzt der Spin des angeregten Elektrons s (Gleichung 2.21c) [76].

Lc + l = L (2.21a)

L + Sc = K (2.21b)

K + s = J (2.21c)

Auch hier lässt sich wieder verkürzt

{[(Lc , l)L, Sc]K , s}J (2.22)

schreiben. Die Standardschreibweise für die Zustände hat die Form

L[K]J . (2.23)

2.3.2 Anregung von Molekülen

Ein grundlegender Unterschied beim Übergang von Atomen zu Molekülen besteht darin,
dass es hier nicht nur zur elektronischen Anregung kommen kann, sondern außerdem zur
Anregung von Molekülschwingungen und Molekülrotationen. Die Energie eines moleku-
laren Teilchens setzt sich deswegen additiv aus verschiedenen Beiträgen zusammen:

T = Te +G + F . (2.24)

Hier ist Te die elektronische Energie, G die Vibrationsenergie und F die Rotationsener-
gie, jeweils in Einheiten von cm−1. Für zweiatomige Teilchen wird zur Beschreibung der
Vibrations- undRotationsanregung das Modell des schwingenden Rotators verwendet. Da-
mit erhält man

G(υ) = ωe (υ + 12) − ωexe (υ + 12)
2
+ ωe ye (υ + 12)

3
∓⋯ (2.25)

und
F(J) = Bυ J (J + 1) − Dυ J2 (J + 1)2

+Hυ J3 (J + 1)3
∓⋯. (2.26)
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InGleichung 2.25 ist ωe die Schwingungsfrequenz des Gleichgewichtszustands, die bei sehr
geringer Schwingungsanregung über

ωe =
1

2πc

√
k
µ

(2.27)

mit der reduzierten Masse µ und der Kraýkonstante k des anharmonischen Oszillators
zusammenhängt. ωexe und ωe ye berücksichtigen die Anharmonizitäten, die für größere
Schwingungsamplituden auýreten und quadratisch bzw. kubisch von der Schwingungs-
quantenzahl υ abhängen [80]. Da sich die Kerne nicht beliebig nähern können, ist der Po-
tentialverlauf eines anharmonischen Oszillators für kleine Kernabstände steiler als der des
harmonischen Oszillators. Für großeBindungsabständeweicht die Potentialkurve ebenfalls
vom idealisierten harmonischen Modell ab und konvergiert schließlich gegen die Dissozia-
tionsgrenze De , die nicht mit der gleichnamigen Rotationskonstante verwechselt werden
darf [81]. Experimentell zugänglich ist die Dissoziationsgrenze D0, die De entspricht, wel-
ches um den Wert der Nullpunktsschwingungsenergie 12ωe reduziert ist. In Tabelle 2.2 sind
exemplarisch die Werte für ωe , ωexe und ωe ye für das gut untersuchte HCl-Molekül ge-
zeigt. Wie Gleichung 2.25 zeigt, ist ωexe der Vorfaktor des quadratischen Terms und ωe ye
der des kubischen Terms. Da diese Vorfaktoren mit steigender Ordnung um zwei bis drei
Größenordnungen kleiner werden, wird das Potential für niedrige Schwingungsanregung
allein durch den linearen Term ausreichend gut beschrieben. Für höhereWerte von υ, d. h.
für hoch schwingungsangeregte Moleküle, müssen zunehmend auch die Korrekturen hö-
herer Ordnung berücksichtigt werden.

In Gleichung 2.26 ist J die Rotationsquantenzahl. Bυ, Dυ und Hυ werden als Rotations-
konstanten bezeichnet [78]. Durch die Kopplung mit der Schwingungsanregung hängen
diese Rotationskonstanten ebenfalls in geringem Ausmaß von der Schwingungsquanten-

Tabelle 2.2: Schwingungskonstante ωe und Anharmonizitätskorrekturen ωexe und ωe ye für das Molekül
HCl [82]. Werte in cm−1.

ωe = 2989.74 ωexe = 52.05 ωe ye = 0.056
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zahl υ ab:

Bυ = Be − αe (υ + 1
2
) ±⋯ (2.28a)

Dυ = De − βe (υ + 1
2
) ±⋯ (2.28b)

Hυ = He − γe (υ + 1
2
) ±⋯ (2.28c)

Die Korrekturfaktoren αe , βe und γe sind jedoch sehr viel kleiner als die entsprechenden
Rotationskonstanten [80].
Auch bei der Rotation bezeichnen die Glieder höherer Ordnung die Abweichung vom

idealen Modell, d. h. vom starren Rotator. Berücksichtigt man die mit zunehmender Rota-
tionsanregung stärker werdende Zentrifugaldehnung, dann tritt zusätzlich zur kinetischen
Energie der Rotationsanregung noch ein Beitrag potentieller Energie auf, so dass sich für
die Gesamtenergie des nicht starren Rotators

Erot =
J(J + 1)ħ

2µr2
+

1
2
k (r − re)2 (2.29)

ergibt. re ist der Gleichgewichtsabstand und r der tatsächliche Abstand der Kerne des nicht
starren Rotators. Gleichung 2.29 lässt sich in eine Reihe entwickeln. Dadurch ergibt sich
für die Rotationskonstanten [78]

Be =
h

23π2cµr2e
, (2.30a)

De =
h3

25π4cµ2kr6e
=
4B3

e
ω2
e

(2.30b)

und He =
h5

27π6cµ3k2r10
e
=

16B5e
ω4
e

. (2.30c)

Abbildung 2.6 skizziert für zwei elektronische Zustände A und B die Abfolge der ver-
schiedenen Schwingungs- und Rotationsniveaus eines zweiatomigen Moleküls. Nimmt
man für den Schwingungsteil harmonisches Verhalten an, dann besitzen aufeinanderfol-
gende Schwingungsniveaus denselben energetischen Abstand ωehc zueinander. Das triÞ
nicht für die Rotation zu. Da beim starren Rotator die Rotationsniveaus quadratisch von
J abhängen, besitzen aufeinanderfolgende Rotationsniveaus den energetischen Abstand
2(J + 1)Bυhc.
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Abbildung 2.6: Schematische Abfolge der Schwingungs- und Rotationsniveaus eines zweiatomigen Mole-
küls mit den elektronischen Zuständen A und B [80].

Mit zunehmender Schwingungsanregung macht sich auch die Kopplung zwischen Ro-
tation und Vibration bemerkbar (vgl. Gleichung 2.28). Das führt dazu, dass die Rotations-
niveaus für höhere Werte von υ näher zusammenrücken (s. Abbildung 2.6).

Für Dipolübergänge zwischen diesen Niveaus sind verschiedene Auswahlregeln zu be-
achten. So finden keine Übergänge statt, wenn das Molekül kein permanentes Dipolmo-
ment hat [78]. Deswegen sind homonukleareMoleküle wie Sticksto× oder Sauersto× inner-
halb desselben elektronischen Zustands dipolinaktiv. Allgemein gilt ∆υ = 0,±1 für einen
harmonischen Oszillator und ∆J = ±1 innerhalb desselben elektronischen Zustands [78].
Für ∆υ = 0 erhält man ein reines Rotationsspektrum, ansonsten spricht man von einem Ro-
tationsschwingungsspektrum.Alle Rotationsübergänge innerhalb eines Schwingungsüber-
gangs bilden eine Schwingungsbande, die sich in einen P-Zweig (∆J = −1), einen Q-Zweig
(∆J = 0) und einen R-Zweig (∆J = +1) auýeilen lässt. Üblicherweise wird dabei der obere
Zustandmit (υ′, J′) und der untere Zustandmit (υ′′, J′′) charakterisiert [80].Für Übergän-
ge zwischen elektronischen Zuständen, ist die Änderung der Schwingungsquantenzahl υ
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nicht beschränkt [80].

Da elektronische Übergänge sehr schnell sind, ändert sich während des Übergangs die
Kerngeometrie nicht. Aus diesemGrund erfolgen Übergänge zwischen zwei elektronischen
Zuständen vertikal. Das wird als das Franck-Condon-Prinzip bezeichnet. In der Quanten-
mechanik lässt sich aus dem gleichen Grund die Elektronenbewegung von der Kernbe-
wegung entkoppeln. Diese Parametrisierung der Kernkoordinaten ist unter dem Namen
Born-Oppenheimer-Näherung bekannt. Mit Hilfe dieser Näherung lassen sich die Über-
gangswahrscheinlichkeiten zwischen den einzelnen Schwingungsniveaus zweier elektroni-
scher Zustände berechnen. Diese Übergangswahrscheinlichkeiten heißen Franck-Condon-
Faktoren. Ebenso wirdmit den Rotationsniveaus verfahren, was zu den so genanntenHönl-
London-Faktoren führt. In intensiven Laserfeldern können dieCoulomb-Potentiale so stark
verzerrt werden, dass dadurch auch die Werte der Franck-Condon- und Hönl-London-
Faktoren beeinflusst werden.Die Franck-Condon-Faktoren sind üblicherweise so normiert,
dass ihre Summe innerhalb eines elektronischen Übergangs 1 ergibt.

Aufgrund der Axialsymmetrie in zweiatomigen Molekülen werden elektronische Zu-
stände anhand der Drehmomentkomponente ML des Gesamtbahndrehimpulses L bezüg-
lich der Kern-Kern-Verbindungsachse klassifiziert [80]. ML kann die Werte

ML = L, L − 1, L − 2,⋯,−L (2.31)

annehmen [80]. Da ohne äußeres magnetisches Feld die Zustände mit gleichem ∣ML∣ ent-
artet sind, wird eine zusätzliche Quantenzahl Λ eingeführt, für die gilt:

Λ = ∣ML∣ = 0, 1, 2,⋯, L. (2.32)

Bei der Bildung von Termsymbolen von zweiatomigen Molekülen werden ähnlich wie für
Atome den Werten von Λ griechische Großbuchstaben zugeordnet. Die Zuordnung ist in
Tabelle 2.3 gezeigt.

Genauso wie im Fall von Atomen wird auch bei Molekülen der Gesamtspindrehimpuls S

Tabelle 2.3: Den Werten für Λ werden griechische Großbuchstaben zugeordnet. Ab Λ = 3 wird dabei al-
phabetisch verfahren. Die Zuordnung geschieht analog zu der Zuordnung in Atomen (s. Tabelle 2.1).

Λ = 0 1 2 3 4 . . .
Σ Π ∆ Φ ab hier fortlaufend im Alphabet
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bestimmt und beim Termsymbol als Multiplizität 2S + 1 als linksseitig hochgestellter Index
von Λ angegeben. Die Kopplung des Spins S mit Λ bezüglich der internuklearen Achse ist
durch

Ω = ∣Λ + Σ∣ (2.33)

gegeben, wobei Σ der Spinkomponente entlang der Kern-Kern-Verbindungsachse ent-
spricht [80] und nicht mit dem Termsymbol für Λ = 0 verwechselt werden darf.

Als rechtsseitig hochgestellter Index wird oýmals noch die Symmetrieeigenschaý des
elektronischen Zustands bezüglich einer vertikalen Symmentrieebene des Moleküls ange-
geben [80]. Für einen nicht entarteten Σ-Zustand eines linearen Moleküls ist dieser Index
ein “−”, wenn die zugehörige elektronische Eigenfunktion beim Spiegeln an einer Ebene, in
der die Kerne des Moleküls liegen, ihr Vorzeichen ändert. Bleibt das Vorzeichen gleich, ist
der Index ein “+”.

Eine weitere Symmetrieeigenschaý von Molekülen mit Inversionszentrum ist der Aus-
tausch von zwei Kernen. Ändert sich dabei das Vorzeichen der Wellenfunktion, so werden
diese Zustände mit gerade bezeichnet, andernfalls mit ungerade. Bei den Termsymbolen
wird diese Eigenschaý als rechtsseitig tiefgestelltes g oder u angefügt.

Bei elektronische Dipolübergänge in Molekülen gilt für die Quantenzahl Λ

∆Λ = 0,±1. (2.34)

Ist der Ausgangszustand ein Π-Zustand, dann sind Σ-, Π- und ∆-, aber keine Φ-Zustände
erreichbar. Außerdem sind nur Übergänge zwischen geraden und ungeraden Zuständen
erlaubt:

g → u u → g g ↛ g u ↛ u (2.35)

Letzteres wird als Paritätsauswahlregel bezeichnet. Für Moleküle mit Inversionszentrum
sind zusätzlich nur Übergänge zwischen positiven und negativen Zuständen erlaubt:

+ → − − → + + ↛ + − ↛ − (2.36)

Ebenso bleibt bei elektronischen Übergängen – genauso wie bei Atomen – die Spinmulti-
plizität erhalten.
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2.4 Erzeugung von elektronischen Wellenpaketen

Theoretische Beschreibung von Rydberg-Wellenpaketen

Um elektronische Rydberg-Wellenpakete zu erzeugen, ist eine kohärente Anregung von
mindestens zwei Zuständen nötig. Sind c j die Amplituden, k j die Wellenvektoren und ω j

die Eigenfrequenzen der kohärent angeregten Zustände und kommt es zu einer Überla-
gerung der Wellenfunktionen Ψj und zur Ausbildung eines Wellenpakets, dann lässt sich
dessen Ausbreitung in Raum und Zeit allgemein durch

Ψ(x , t) = ∑
j

Ψj(x , t) = ∑
j
c jei(ω j t−k jx) (2.37)

formulieren [78].
Um die zeitliche Entwicklung eines solchen Rydberg-Wellenpakets zu beschreiben, kom-

men zwei Formalismen zur Anwendung. Der eine beschreibt das Rydberg-Wellenpaket
klassisch als Überlagerung von stationären Zuständen, der zweite benutzt den sogenannten
dark-state/bright-state-Formalismus [83–88]. Der Vorteil des letzteren liegt darin, dass viele
physikalische Größen – wie beispielsweise die Übergangsdipolmomente oder die energe-
tische Separierung der beteiligten Zustände – leichter zugänglich sind. Beide Modelle sind
von Zamith et al. ausführlich erklärt [85]. Im Folgenden sollen nochmals die wichtigsten
Gesichtspunkte beider Formalismen hervorgehoben werden. Dabei wird davon ausgegan-
gen, dass zum Wellenpaket nur zwei Zustände beitragen. Abbildung 2.7 zeigt eine Gegen-
überstellung beider Formalismen.

Beschreibung anhand einer Basis stationärer Zustände

Für ein System mit demGrundzustand ∣g⟩ den Zwischenzuständen, ∣k⟩ (k = a, b) und dem
Endzustand ∣ f ⟩ ist das Wellenpaket zum Zeitpunkt t in den Zwischenzuständen durch

∣Ψ(t)⟩ = ∑
k
ε1(ωk)µkge−iωk t ∣k⟩ (2.38)

gegeben. Hier sind ωk die Anregungsfrequenz des Zustandes ∣k⟩, µkg das Matrixelement
des Dipoloperators für den Übergang ∣g⟩ → ∣k⟩ und ε1(ωk) das Spektrum des elektrischen
Feldes des Anregungslaserpulses bei der Frequenz ωk. t = 0 wird definiert durch den Anre-
gungslaserpuls. Ist ∆ωL gleich der spektralen Breite des Lasers, so ist Gleichung 2.38 unter
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der Voraussetzung gültig, dass t ≫ τL und dass die spektrale Breite des Laserpulses ∆ωL so
breit ist, dass beide Zustände a und b kohärent angeregt werden können. Diese kohärente
Überlagerung wird dann zu einem späteren Zeitpunkt τ durch einen zweiten Laserpuls in
den Endzustand ∣ f ⟩ angeregt. Für τ ≫ τL ergibt sich dann

Pf (τ) = ∣⟨ f ∣µε2(ω f k)∣Ψ(τ)⟩∣2. (2.39)

Sind ε1(ωkg) ≅ ε1(ω1L) und ε2(ω f k) ≅ ε2(ω2L) (ω1L und ω2L sind die Zentralfrequenzen
des Anregungs- bzw. Nachweispulses), dann ergibt sich aus Gleichung 2.38 und 2.39 für
das gemessene Photoelektronensignal

P(τ) = ∣ε1(ω1L)∣
2∣ε2(ω2L)∣

2 × ∑
f ,k,k′

µkgµ∗k′ gµ f kµ∗f k′e−i(ωk−ωk′)τ . (2.40)

Für k ≠ k′ oszilliert P(τ) als Funktion von τ mit einer Frequenz von ωkk′ = ωb − ωa. Das
Anregungs-Nachweis-Messsignal zeigt diese Oszillationen. Allerdings ist es dafür wichtig,
dass sowohl ∣a⟩ als auch ∣b⟩ in den gleichen Endzustand angeregt werden. Das Vorzeichen
des Produktes der Dipolmomente legt die Phase zu Beginn des Wellenpakets fest.

�ΨB� �ΨD�

⇔
�a�
�b�

�g� �g�

ħωL ħωL

ħωba

a b

Abbildung 2.7: Beschreibung eines Rydberg-Wellenpakets mit Hilfe von stationären Zuständen (a) undmit
Hilfe des dark-state/bright-state-Formalismus (b) [83, 85].
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Beschreibung mittels einer bright-state/dark-state-Basis

Hier wirdmit Hilfe des elektrischenDipoloperators durch Linearkombination aus den Zwi-
schenzuständen ein bright state ΨB konstruiert

∣ΨB⟩ =
1

∑
k
∣µkg ∣2

∑
k
µkg ∣k⟩. (2.41)

Der dark state ΨD wird dann zu ΨB orthogonal gewählt. Damit ergibt sich für beide Zu-
stände

∣ΨB⟩ = cos α∣a⟩ + sin α∣b⟩ (2.42a)

∣ΨD⟩ = − sin α∣a⟩ + cos α∣b⟩ (2.42b)

mit tan α = µb g/µa g . Das elektrische Feld regt nur den bright state an (s. Abbildung 2.7) und
der atomare Hamiltonoperator koppelt den dark state und den bright state. Auf dieseWeise
wird das Wellenpaket durch den ersten ultrakurzen Lichtpuls im bright state angeregt, wo-
nach es sich Richtung dark state ausbreitet. Zum Zeitpunkt t kann das Wellenpaket dann
durch

∣Ψ(t)⟩ = e−i Hħ t ∣ΨB⟩

= e−iωa t [(cos2 α + sin2 αe−iωba t) ∣ΨB⟩ + sin α cos α (−1 + e−iωba t) ∣ΨD⟩]
(2.43)

beschrieben werden. Die Oszillation des Wellenpakets zwischen den beiden Zuständen
findet mit der Frequenz ωba statt. Das Wellenpaket ist zum Zeitpunkt t = p (2π/ωba)

(p = 0, 1, 2, . . . ) im Zustand ∣ΨD⟩ Null, während die Minimumspopulation des Wellen-
pakets im Zustand ∣ΨB⟩ zum Zeitpunkt t = (2p+1)π/ωba eintritt und einen Wert von cos 2α
annimmt, also für α = π/4 oder tan α = 1. Das entspricht gerade µag = µbg . Für diesen Fall
wird das Wellenpaket nach einer halben Periode vollständig von ∣ΨB⟩ nach ∣ΨD⟩ transferiert
[85].

Wird das Wellenpaket durch einen ultrakurzen Lichtpuls nach einer Zeit τ nachgewie-
sen, indem es nach ∣ f ⟩ angeregt wird, dann ergibt sich für die Population des Zustandes ∣ f ⟩

41



2 Wechselwirkung ultrakurzer Lichtpulse mit Atomen und Molekülen

und damit für das Messsignal

P(τ) = ∣⟨ f ∣µε2(ω)∣Ψ(τ)⟩∣2

= [PB + ((PD − PB) sin2 2α − PBD sin 4α)(1 − cos (ωbaτ)
2

)]
(2.44)

mit

PB = ∣⟨ f ∣µ f Bε2(ω)∣ΨB⟩∣
2 (2.45a)

PD = ∣⟨ f ∣µ f Dε2(ω)∣ΨD⟩∣
2 (2.45b)

PBD = ⟨ f ∣µ f Bε2(ω)∣ΨB⟩⟨ΨD∣µ f Dε2(ω)∣ f ⟩. (2.45c)

In Gleichung 2.45 sind PB und PD die Ionisationswahrscheinlichkeiten des bright und des
dark state und PBD ein Interferenzterm, der berücksichtigt, dass ∣ f ⟩ gleichzeitig von ∣ΨB⟩

und ∣ΨD⟩ angeregt werden kann [85].
Aus Gleichung 2.44 wird deutlich, dass ein Wellenpaket nur erzeugt werden kann, wenn

sin 2α ≠ 0. Dies entspricht einer Anregung von nur einem der beiden Zustände ∣a⟩ oder
∣b⟩. Um ein oszillierendes Anregungs-Nachweis-Signal zu beobachten, ist es außerdem er-
forderlich, dass entweder PB ≠ PD oder dass PBD ≠ 0 [85].

Ob das oszillierende Anregungs-Nachweis-Signal mit einem Maximum oder einem Mi-
nimum startet, hängt vom Subterm

((PD − PB) sin2 2α − PBD sin 4α) (2.46)

aus Gleichung 2.44 ab. Folglich kann die Phase φ0 zu Beginn des Wellenpakets nur dieWer-
te 0 und π annehmen. Für PBD = 0 hängt dies vom Vorzeichen der Di×erenz PB−PB ab. Für
PB > PD wird das Messsignal maximal, wenn das Wellenpaket gänzlich im bright state ist
(φB = 2pπ) und für PB < PD beginnt das Messsignal mit einem Minimum (φD = (2p+ 1)π).
Mit Hilfe des bright-state/dark-state-Formalismus lässt sich aus φ0 direkt auf die Ionisati-
onswahrscheinlichkeiten und damit auf das Vorzeichen der beteiligten Übergangsdipol-
momente schließen.

Sowohl die Beschreibung des Wellenpakets mittels einer Basis aus stationären Zuständen
als auch mittels einer Basis aus dark und bright state setzt voraus, dass die Pulsdauern der
Lichtquellen kurz sind im Vergleich mit der Oszillationsfrequenz des Wellenpakets. Au-
ßerdem kann ein geformter Anregungspuls zu einem geformten Wellenpaket führen, was
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2.5 Kohärente Kontrolle

in anderen als den oben genannten Werten von φ0 resultieren kann [85].

2.5 Kohärente Kontrolle

Es ist schon lange ein erklärtes Ziel gewesen, die Verteilung der Reaktionsprodukte pho-
tochemischer Prozesse durch elektromagnetische Strahlung zu manipulieren [89]. Lange
dachte man, monochromatisches Licht sei ausreichend, dieses Ziel zu erreichen [90]. Al-
lerdings wird eine bindungsselektive Photodissoziation durch monochromatisches Licht
nur in Ausnahmefällen beobachtet [91, 92]. Des Weiteren gelingt eine modenselektive An-
regung [93, 94] nur, wenn die intramolekulare Schwingungsumverteilung äußerst langsam
abläuý [95].
Durch das Ausnutzen der kohärenten Eigenschaýen von Laserlicht konnten große Fort-

schritte erzielt werden, die Produktbildung von konkurrierenden Photoreaktionen zu be-
einflussen. Die zwei wichtigsten Ansätze werden die Brumer-Shapiro-Methode und die
Tannor-Rice-Methode genannt [96]. Erstere behandelt die kohärente Kontrolle in der Fre-
quenzdomäne, letztere in der Zeitdomäne. Beide Schemata sollen im Folgenden kurz er-
läutert werden.

2.5.1 Pfadinterferenz nach Brumer-Shapiro

Bei der Brumer-Shapiro-Methode wird in Anlehnung an Youngs Doppelspaltexperiment
die Interferenz zweier unterschiedlicher Pfade zu einem gemeinsamen Endzustand genutzt
[95, 97]. Hierzu ist weder breitbandige Laserstrahlung noch Kurzpulsstrahlung nötig, viel-
mehr ist es ausreichend, den Phasenunterschied zwischen Laserlicht der Frequenz ω1 und
der dritten Harmonischen mit der Frequenzω3 einesDauerstrichlasers genau zu kontrollie-
ren. Erste theoretische Arbeiten dazu wurden von Shapiro und Brumer 1986 verö×entlicht
[27, 98]. 1997 zeigten Gordon und Mitarbeiter eindrucksvoll, wie sich das Verhältnis von
I+ zu DI+ bei der Ionisation von deuteriertem Iodwassersto× durch die Phasenbeziehung
zwischen ω1 und ω3 einstellen lässt [99].
Für die Dipolkopplung eines Ausgangszustands an einen Endzustand mit entweder m

Photonen der Frequenz ωm oder n Photonen der Frequenz ωn gilt dann ganz allgemein

E = mωmħ = nωnħ. (2.47)

43



2 Wechselwirkung ultrakurzer Lichtpulse mit Atomen und Molekülen

m und n sind ganze Zahlen und liegen üblicherweise im Bereich 1–4. Nur für den Fall,
dass beide gerade oder ungerade sind, ergibt sich eine Richtungsabhängigkeit des Interfe-
renze×ekts [96, 98, 100]. Die Kontrolle des Phasenunterschieds zwischen ωm und ωn kann
erreicht werden durch die Erzeugung höherer Harmonischer in einem nicht linearem op-
tischen Medium [96].

Für die Interferenz zwischen einem Einphotonenreaktionspfad und einem Dreiphoto-
nenreaktionspfad existieren viele experimentelle Beispiele [89, 99, 101–106]. Rice und Zhao
geben eine kurzgefasste, theoretische Beschreibung [96]. Diese soll im Folgenden vorge-
stellt werden.

Ein Molekül wird durch die Born-Oppenheimer-Hamilton-Operatoren Ĥg für den
Grundzustand und Ĥe für den angeregten Zustand charakterisiert. Der angeregte Zustand
ein Eigenzustand von Ĥe mit der Energie E, der geschrieben werden kann durch ∣E ,n, q⟩.
Darin bezeichnetn die kollektiveQuantenzahl des Systems und q den respektiven Produkt-
kanal. Das Molekül im Ausgangszustand ist nun einem elektromagnetischem Feld ausge-
setzt, das durch

ε(t) = ε1 cos(ω1t + k1x + φ1) + ε2 cos(ω3t + k3x + φ3) (2.48)

mit ε1 als Feldstärke der Fundamentalen und ε3 als Feldstärke der 3. Harmonischen gegeben
ist. Falls Fundamentale und 3. Harmonische parallel sind, gilt k3 = 3k1. Hat der Ausgangs-
zustand die Energie Ei , dann kann die Wahrscheinlichkeit, mit der das Produkt durch den
Kanal q mit der Energie E gebildet wird, in der Form

W(E , q;Ei) = W1(E , q;Ei) +W3(E , q;Ei) +W13(E , q;Ei) (2.49)

geschrieben werden. Weiterhin wird angenommen, dass die Polarisationsebenen der bei-
den elektrischen Felder parallel ist. In Gleichung 2.49 ist W1 die Produktbildungswahr-
scheinlichkeit des Einphotonenprozesses undW3 die des Dreiphotoenenprozesses. W13 be-
schreibt die Modifikation der Wahrscheinlichkeiten, die sich aus der Interferenz beider
simultanen Reaktionspfade ergibt. Für schwache elektrische Felder kann gezeigt werden
[106, 107], dass

W3(E , q;Ei) = (
π
ħ
)

2
∣ε3∣

2
∑
n

∣⟨E ,n, q∣⟨e∣ε̂3 ⋅ µ∣g⟩∣Ei⟩∣
2 (2.50)
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und
W1(E , q;Ei) = (

π
ħ
)

2
∣ε3∣

6
∑
n

∣⟨E ,n, q∣T̂ ∣Ei⟩∣
2 (2.51)

mit

T̂ = ⟨e∣ε̂1 ⋅ µ∣g⟩
1

Ei −Hg + 2ħωi
⟨g∣ε̂1 ⋅ µ∣e⟩ ×

1
Ei −He + ħωi

⟨e∣ε̂1 ⋅ µ∣g⟩ . (2.52)

Hier steht ε̂ für die Polarisation und ∣ε∣ für den Betrag des elektrischen Feldes sowie µ für
den Dipoloperator. Die entsprechende Form für den Interferenzterm W13 ist

W13(E , q;Ei) = −2(
π
ħ
)

2
∣ε3∣ cos (φ3 − 3φ1 + δ(q)13 ) ∣F(q)13 ∣ (2.53)

mit dem Phasenfaktor δ(q)13 und der Amplitude ∣F(q)13 ∣, die definiert sind durch

∣F(q)13 ∣ eiδ(q)13 = ∑
n

⟨Ei ∣T̂ ∣E ,n, q⟩ ⟨E ,n, q∣⟨e∣ε̂1 ⋅ µ∣g⟩∣Ei⟩ . (2.54)

Damit ergibt sich für das Verhältnis der Bildungspfade q und q′

Rqq′ =
W(E , q;Ei)

W(E , q′;Ei)

=
∣ε3∣

2 F(q)3 − 2 ∣ε3∣ ∣ε1∣
3 cos (φ3 − 3φ1 + δ(q)13 ) ∣F(q)13 ∣ + ∣ε1∣

6 F(q)1

∣ε3∣
2 F(q

′)

3 − 2 ∣ε3∣ ∣ε1∣
3 cos (φ3 − 3φ1 + δ(q

′)

13 ) ∣F(q
′)

13 ∣ + ∣ε1∣
6 F(q

′)

1

(2.55)

mit

F(q)α = (
ħ

π ∣εα ∣
)

2

Wα(E , q;Ei), α = 1, 3. (2.56)

Gleichung 2.55 gibt das Verhältnis der Bildungskanäle q und q′ an und ist deswegen die
wichtigste Gleichung für das Brumer-Shapiro-Schema zur Kontrolle der Selektivität phy-
sikochemischer Photoreaktionen [96]. Zähler und Nenner von Rqq′ enthalten sowohl eine
Summe von Beiträgen der unabhängigen Ein- bzw. Dreiphotonenbildungskanäle als auch
den Beitrag des Interferenzterms. Da nur der letztere von der Phasenbeziehung (φ3 − 3φ1)

abhängt, kann hierüber das Bildungsverhältnis der Produkte kontrolliert werden [96].
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2 Wechselwirkung ultrakurzer Lichtpulse mit Atomen und Molekülen

2.5.2 Zeitliche Kontrolle nach Tannor-Rice

Bei der Tannor-Rice-Methode geht man davon aus, dass ein durch einen ultrakurzen Licht-
puls erzeugtes Wellenpaket, das sich auf einer Potentialhyperfläche ausbreitet, durch eine
zeitliche Abfolge von Subpulsen beeinflusst werden kann [28, 108, 109]. Die Bildung der
Photoprodukte, beispielsweise unterschiedlicher Fragmentionen, kann dabei kontrolliert
werden.
Für ein Molekül ABC sei die Potentialhyperfläche des Grundzustands und des ersten

angeregten Zustands bekannt und es soll imGrundzustand gemäß folgendem Schema zwei
verschiedene Reaktionsprodukte bilden können:

ABC→ AB +C (2.57a)

ABC→ A + BC (2.57b)

Im Allgemeinen sind die Bindungslängen und -winkel im Grundzustand von denen im
angeregten Zustand verschieden. Deswegen wird ein Wellenpaket, das durch einen ultra-
kurzen Laserpuls auf der Potentialhyperfläche des angeregten Zustands gebildet wird, nicht
imGleichgewichtszustand sein, sondern es wird sich auf der Potentialhyperfläche des ange-
regten Zustands ausbreiten. Dabei wird es aus Dispersionsgründen auch seine Gestalt än-
dern [96]. Einige Zeit nach der Anregung wird sich die Amplitude des Wellenpakets mehr
in Richtung eines der beiden Produktkanäle verschoben haben, beispielsweise in Richtung
desjenigen aus Gleichung 2.57a. Wenn zu diesem Zeitpunkt ein zweiter ultrakurzer Puls
das Wellenpaket wieder in den Grundzustand transferiert, dann wird die Fragmentation
gemäß Gleichung 2.57a bevorzugt. Für eine andere Zeit wird möglicherweise die Situation
andersherum gelagert sein und mehr Produkt nach Gleichung 2.57b gebildet werden. Man
sieht also, dass die Produktbildung nach diesem Reaktionsschema sehr stark vom richtigen
Zeitpunkt abhängt, zu dem ein zweiter Puls das Wellenpaket wieder in den Grundzustand
transferiert. Ein solcher Kontrollmechanismus wird auch als pump-dump-Prozess bezeich-
net.
Eine störungstheoretische Betrachtung zweiter Ordnung des Tannor-Rice-Kontrollme-

chanismus ergibt für den Grundzustand [96]

Ψ(2)g (t) = − 1
ħ2 ∫

t

−∞
∫ t2

−∞

e−iHg(t−t2)/ħ
µ⋅ε(t2)×e−iHe(t2−t1)/ħ

µ⋅ε(t1)Ψg(0)e−iωg t1dt1dt2. (2.58)

Eine physikalische Interpretation von Gleichung 2.58 entspricht der oben gegebenen, qua-
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2.5 Kohärente Kontrolle

litativen Erklärung der Tannor-Rice-Methode: Dabei breitet sich Ψg(0) auf der Energie-
hyperfläche des Grundzustands aus. Zum Zeitpunkt t1 wird es in den angeregten Zustand
transferiert, wo es sich auf dessen Energiehyperfläche bis zum Zeitpunkt t2 entwickelt. Bei
t2 kommt es zu einem zweiten vertikalen Übergang zurück zum Grundzustand, wo es bis
zur Zeit t verbleibt [96]. Für einen bestimmten Produktkanal 1 erhält man damit

S1 = lim
t→∞

⟨Ψg(t)∣P̂1∣Ψe(t)⟩ . (2.59)

Hier ist P̂1 der Operator, der die Ortskoordinate auf den Produktkanal 1 projiziert. Die
Wahrscheinlichkeit für den Produktkanal 2 ist auf gleiche Weise definiert. Sind die Zu-
stände Ψg und Ψe diskret, dann besitzt der Laserpuls, der das Wellenpaket von Ψe nach Ψg

transferiert, die optimale Form, wenn er der Faltung des anregenden Laserpulses mit dem
Wellenpaket auf der Potentialhyperfläche zum Zeitpukt t2 entspricht [96].
Eine Variante der dynamischen Kontrolle nach dem Tannor-Rice-Schema geht nicht von

nur zwei elektronischen Zuständen aus, sondern von einem Anregungsprozess, bei dem
resonante Zwischenzustände involviert sind. In diesem Fall spricht man weniger von ei-
nem pump-dump- als vielmehr von einem pump-probe-Prozess. Wird in einem resonanten
Zwischenzustand ein Wellenpaket angeregt, dann ist ein möglicher Parameter, der die Zu-
standsselektivität eines Fragmentationsprozesses kontrolliert, die zeitliche Separierung der
Subpulse eines Femtosekundenlaserpulses.

Von Judson und Rabitz konnte theoretisch nachgewiesen werden, dass es möglich ist, in
einem rückgekoppelten Experiment mittels genetischer Algorithmen eine optimale Puls-
form zu finden,mit der die Beispielreaktion nachGleichung 2.57 in Richtung Produktkanal
1 oder 2 verschoben werden kann [42].
Beispielsweise lässt sich Na2 mit 620-nm-Laserstrahlung in den Zustand 2 1Πg anregen

[110]. Wie in Abbildung 2.8 gezeigt, sind für diesen Prozess zwei 620-nm-Photonen nötig.
Dieser Anregungsprozess wird durch den dazwischenliegenden Zustand A 1Σ+

u resonant
verstärkt [110]. Da im Zustand 2 1Πg die Schwingungsniveaus 11 bis 16 kohärent angeregt
werden, wird ein Schwingungswellenpaket erzeugt, das eineUmlau×requenz von 380 fs be-
sitzt [96]. Am inneren Umkehrpunkt des Wellenpaket, d. h. bei kleinem Na-Na-Abstand,
kann durch Absorption eines weiteren 620-nm-Photons der ionische Zustand 2Σ+

g ange-
regt werden. Am äußeren Umkehrpunkt tritt der schwach bindende Zustand eines doppelt
angeregten Zustands des Na-Dimers in Resonanz zur 620-nm-Laserstrahlung. Das dop-
pelt angeregte Na2∗∗ autoionisiert, wobei dieser Autoionisationsprozess zur Fragmentation
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Abbildung 2.8: Erzeugung eines Schwingungswellenpakets im Zustand 2 1Πg von Na2 durch 620-nm-
Laserstrahlung. Die Anregung des Wellenpakets aus dem Grundzustand ist durch den dazwischenliegen-
den Zustand A 1Σ+g resonant verstärkt. Das Wellenpaket hat eine Umlau×requenz von 380 fs und lässt
sich am inneren Umkehrpunkt in den ionischen Zustand 2Σ+g des Dimers weiter anregen (A). Am äuße-
ren Umkehrpunkt tritt das schwach bindende Potential des doppelt angeregten Dimers in Resonanz zur
Laserstrahlung (B), welches nachfolgend ionisch fragmentiert [96, 111].

führt, da die Anregung weit abseits des Gleichgewichtsabstands erfolgt ist [96]. Dabei wird
Na+ und Na im Grundzustand gebildet [96]. In einem Anregungs-Nachweis-Experiment
mit zwei 620-nm-Laserpulsen, bei dem die Ionen Na+ und Na2+ detektiert werden, wird
in Abhängigkeit der Verzögerungszeit zwischen den beiden Laserpulsen für jedes der bei-
den Ionen eine oszillierende Ionenausbeutekurve gemessen [96, 111]. Die beiden Kurven
sind zueinander um π phasenverschoben, da das Maximum der Ionenausbeutekurve von
Na2+ am inneren und das der Ionenausbeutekurve von Na+ am äußeren Umkehrpunkt des
Wellenpakets auýritt.
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2.5 Kohärente Kontrolle

Dieses Beispiel verdeutlicht anschaulich, wie die zeitliche Struktur der Laserpulse die
Produktbildung kontrolliert. Wird statt zweier unabhängiger Femtosekundenpulse wie in
obigem Beispiel stattdessen nur ein einziger Laserpuls eingesetzt, so kann auch hier die
Produktbildung kontrolliert werden. Ein möglichst kurzer Laserpuls wird vornehmlich das
ionische Na-Dimer bilden, da seine Zeitdauer nicht ausreicht, das Wellenpaket am äußeren
Umkehrpunkt in den autoionisierenden Zustand anzuregen, der nachfolgend Na+ bildet.
Auf der anderen Seitewird ein geformter Laserpuls, der aus zwei Subpulsen besteht, die eine
zeitliche Separierung von 190 fs besitzen, verstärkt Na+ bilden, da hier der erste der beiden
Subpulse das Wellenpaket präpariert. Der zweite Subpuls ist in der Lage, nach der halben
Umlaufdauer den autoionisierenden Zustand anzuregen, der nach der Fragmentation Na+

bildet.
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3 Kinetische Energie von
Photoionisationsfragmenten

Für das in Abbildung 6.10 gezeigte Massenspektrometer ist die kinetische Energie Ekin, mit
der ein durch Photoionisation gebildetes Kation am Detektor auýriÞ, gegeben durch

Kkin = E0
kin + qesEs + qedEd . (3.1)

Hier sind E0
kin die Anfangsenergie des Ions, q die Ladung, e die Elementarladung und sEs

bzw. dEd der Spannungsabfall an den Platten der Ionenquelle des Flugzeitmassenspektro-
meters (s. Kapitel 6.3) [112]. Die Flugzeit T eines Kations vom Zeitpunkt der Ionisation bis
zum Auýre×en am Detektor setzt sich additiv aus den Flugzeiten für die drei Bereiche s, d
undD zusammen (s. Abbildung 6.10). Sie hängt dabei von der Strecke s und der kinetischen
Anfangsenergie ab:

T(E0
kin , s) = Ts + Td + TD (3.2)

Die einzelnen Summanden sind [112]

Ts =

√
2m

qeEs
(
√

K0
kin + qesEs ±

√
E0
kin) , (3.3a)

Td =
√

2m
qeEd

(
√
Ekin −

√
K0

kin + qesEs) (3.3b)

und TD =
√

2m D
2
√
Ekin

. (3.3c)

Das Vorzeichen in Gleichung 3.3a zeigt an, ob die Flugrichtung eines Kations mit einer ki-
netischen Anfangsenergie direkt nach der Ionisation in Richtung Detektor oder von ihm
weg gerichtet ist. Werden Moleküle aufgrund der starken Laserfelder doppelt ionisiert,
dann kommt es aufgrund der abstoßenden Coulomb-Kraý der zwei Ladungen zu einer
Coulomb-Explosion, wenn das gebildete Dikation instabil ist. Für kleine Moleküle ist die
Flugrichtung der Fragmentionen stark mit der Polarisationsrichtung des Laserfeldes kor-
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reliert. Richtet man die Polarisationsrichtung des Laserfeldes in Richtung des Flugzeitmas-
senspektrometers aus, dann ist die Flugrichtung der Fragmentionen entweder in Richtung
Flugzeitmassenspektrometer gerichtet oder ihr entgegengesetzt. Der Flugzeitunterschied
des gleichen Fragments, der sich aus diesen Trajektorien ergibt, kann aus Gleichung 3.3a
berechnet werden:

∆T =
2
√

2mE0
kin

qeEs
. (3.4)

Durch Umformung kann dann aus einem gemessenen ∆T die kinetische Anfangsenergie
des Fragmentions berechnet werden [113]:

E0
kin =

q2e2E2
s

8m
∆T2 (3.5a)

E0
kin =

q2e2 (U1 −U2)
2

8ms2 ∆T2 (3.5b)

Gleichung 3.5b berücksichtigt die an Platte 1 und Platte 2 der Ionenquelle des Flugzeitmas-
senspektrometers angelegten Spannungen U1 und U2 (s. Abbildung 6.10).

Für eine Coulomb-Explosion gilt die Impulserhaltung

∑
i

Ð→pi = 0 (3.6)

oder für Fragmentationen mit nur zwei Fragmenten

∣p1∣ = ∣p2∣ . (3.7)

Damit kann gezeigt werden, dass die Zeitaufspaltung bei gleicher kinetischer Energie un-
abhängig vom Masse-zu-Ladungs-Quotienten ist. Mit

p =
√

2mE0
kin (3.8)

erhält man zusammen mit den Gleichungen 3.5 und 3.7

√

2m1
q2e2Es

2m1

∆T2
1

4
=

√

2m2
q2e2Es

2m2

∆T2
2

4

∣∆T1∣ = ∣∆T2∣

(3.9)
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3 Kinetische Energie von Photoionisationsfragmenten

für die Flugzeiten der beiden ionischen Fragmente einer Coulomb-Explosion. Dabei muss
jedoch beachtet werden, dass diese Betrachtung nur für die Coulomb-Explosion von zwei-
atomigen Molekülen streng gilt, da für molekulare ionische Fragmente grundsätzlich auch
ein Impulsübertrag auf innere Freiheitsgrade wie die Rotation oder Vibration möglich ist,
für die keine Verbreiterung der Flugzeitsignale beobachtet wird.

Kommt es nach einer Coulomb-Explosion zu Folgefragmentationen, bei denen Neu-
tralfragmente gebildet werden, so wird die Impulserhaltung scheinbar verletzt, wenn
nicht auch der Impuls dieser Neutralteilchen berücksichtigt wird. Dies ist von besonde-
rer Wichtigkeit, wenn die Flugzeitmassenspektrometrie als Ionendetektionsmethode ein-
gesetzt wird, da hier naturgemäß nur die kinetische Energie geladener Teilchen bestimmt
wird.
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4 Abkühlung von Molekülen in
Düsenstrahlen

Zur Erzeugnung eines Düsenstrahls wird ein Gas unter hohem Druck durch eine Düse
mit kleinem Durchmesser ins Vakuum expandiert. Ist der Durchmesser der Düse sehr viel
größer als die mittlere freie Weglänge der Moleküle vor der Düse, so kommt es in diesem
Bereich zu sehr vielen Stößen und es erfolgt eine Umwandlung der inneren Energie des
Gases in die äußere kinetische Energie des Molekularstrahls [114]. Da der Durchtritt der
Gasmoleküle durch dieDüse schnell abläuý, kommt es zu keinem Wärmeaustausch unddie
Expansion läuý adiabatisch ab [114]. Dadurch bleibt die Gesamtenergie des Gases konstant
und die Energiebilanz vor (Index ‚0‘) bzw. nach (Index ‚1‘) der Expansion kann mit

U0 + p0V0 +
M
2

u2
0 = U1 + p1V1 +

M
2

u2
1 (4.1)

beschrieben werden. Hier ist U die innere Energie, pV die Kompressionsenergie und M
2 u2

stellt die kinetische Strömungsenergie des Molekularstrahls dar.

Gleichung 4.1 lässt sich vereinfachen, wenn man annimmt, dass sich dieMoleküle vor der
Düse im thermischen Gleichgewicht befinden. Das führt zu u0 = 0. Des Weiteren ist der
Druck im Vakuumrezipienten des Experiments sehr klein, so dass p1V1 ≅ 0 gilt. Dadurch
wird aus Gleichung 4.1 [114]

U0 + p0V0 = U1 +
M
2

u2
1 . (4.2)

Aus Gleichung 4.2 wird deutlich, dass aus einer kleinen inneren Energie U1 eine hohe ki-
netische Energie der expandierenden Strömung resultiert und damit ein kalter Molekular-
strahl.

Nach der adiabatischen Expansion ist die Temperatur des Molekularstrahls mit

T =
T0

1 + κ−1
κ Ma2 (4.3)

53



4 Abkühlung von Molekülen in Düsenstrahlen

gegeben [115]. Hier ist T0 die Temperatur des Gases vor der Expansion und κ das Verhältnis
der molaren Wärmekapazitäten bei konstantem Druck cp und konstantem Volumen cV

und wird Isentropenexponent oder Adiabatenindex genannt [116]. Mit den Definitionen
der molaren Wärmekapazitäten

cV = f ⋅ RT
2

(4.4a)

cp = ( f + 2) ⋅ RT
2

(4.4b)

lässt sich κ auch
κ = f + 2

f
(4.5)

schreiben. In Gleichung 4.4 und 4.5 ist f die Anzahl der quadratischen Freiheitsgrade [81].
Für zweiatomige Moleküle bei ausreichend hohen Temperaturen ist κ = 9

7 . Die Machzahl
Ma ist als das Verhältnis der Flußgeschwindigkeit zur lokalen Schallgeschwindigkeit defi-
niert. Man spricht von e×usiven Strahlen, wenn Ma ≤ 1, und von Überschallstrahlen, wenn
Ma > 1.
Die Geschwindigkeitsverteilung der Teilchen vor und nach der Expansion ist in Abbil-

dung 4.1 gezeigt. Diese Verteilung bezüglich der Expansionsrichtung z wird durch eine
modifizierteMaxwell-Verteilung

N = N0 e−
m

2kT (υz−u)2 (4.6)

beschrieben [114]. u ist die äußere Geschwindigkeit des Teilchenensembles, für die vor der
Expansion u = 0 gilt. Für den Molekularstrahl ist T die sogenannte parallele Translation-

u
vz

Abbildung 4.1: Geschwindigkeitsverteilung der Teilchen bezüglich der Expansionsrichtung z vor der Ex-
pansion ins Vakuum (rot). Nach der Expansion besitzen die Teilchen eine enge Verteilung um die Fluß-
geschwindigkeit u des Molekularstahls (blau).
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stemperatur, welche ein Maß für die Breite der Geschwindigkeitsverteilung um die Fluß-
geschwindigkeit u des Molekularstrahls ist [114].

55





Teil III

Experimente

57



5 Das Lasersystem

Das in der vorliegenden Arbeit verwendete Lasersystem ist in der Lage, Femtosekundenla-
serpulse mit einer Pulsdauer von etwa 80 fs, einer Pulsenergie von 1 mJ und einer Repeti-
tionsrate von 1 kHz zu generieren. Die Laserstrahlung ist horizontal linear polarisiert. Das
Aufbauschema ist in Abbildung 5.1 gezeigt.
Die Femtosekundenpulse werden verstärkt, indem die 80-MHz-Laserstrahlung eines

durch eine Kerr-Linse modengekoppelten Titan-Saphir-Lasers (Coherent, Vitesse 800)
mittels einer Pockelszelle auf die Ausgaberepetitionsfrequenz von 1 kHz geteilt wird und
anschließend in einem Titan-Saphir-Kristall regenerativ verstärkt wird. Der Kristall wird
durch die frequenzverdoppelte 527-nm-Laserstrahlung eines Nd:YLF-Lasers (Coherent,
Evolution 15), der eine Pulsenergie von 12 mJ bei einer Repetitionsrate von 1 kHz besitzt,
gepumpt.

Um die optischen Elemente vor der Intensität der fokussierten Kurzpulslaserstrahlung
zu schützen, arbeitet der Verstärker (Coherent, Hidra-25-130F) nach dem in Abbildung 5.2
gezeigten Chirped-pulse-amplification-Prinzip [44, 117]. Dabei wird der Laserpuls vor dem

Coherent, Hidra-25-130F Coherent,
Evolution 15

Coherent, Vitesse

zum Experiment

Abbildung 5.1: Schematischer Aufbau des Lasersystems: Oszillator-Laser (Coherent, Vitesse), regenerati-
ver Verstärker (Coherent, Hidra-25-130F) und Pumplaser (Coherent, Evolution 15). Details sind im Text
gegeben.
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Kurzpulsoszillator

optische Verstärkereinheit

anfänglicher Kurzpuls

Der aus dem Stretcher kommende Laserstrahl
hat nun eine niedrige maximale Intensität und
kann verstärkt werden, ohne die optischen
Elemente zu beschädigen. 

Ein Gitterpaar dispergiert das Spektrum 
des einfallenden Laserstrahls und streckt 
so die Pulsdauer um den Faktor 103. Das 

optische Element wird auch 
stretcher genannt.

Ein zweites 
Gitterpaar kompri-
miert in Umkehrung des 
Streckungsprozesses den 
verstärkten Laserstrahl. Das 
optische Element wird auch 
compressor genannt.

Nach der Verstärkung ist die 
Pulsdauer noch immer hoch, 
die maximale Intensität 
jedoch wesentlich höher als 
vor der Verstärkung.

Resultierender verstärk-
ter, ultrakurzer Laserpuls

Abbildung 5.2: Ultrakurzpulsverstärkung nach dem chirped pulse amplification-Prinzip. Die Erklärung der
einzelnen Schritte ist in der Abbildung gegeben [118].

Verstärkungsprozess über zwei Gitter geschickt. Das führt dazu, dass die einzelnen spektra-
len Anteile des Femtosekundenlaserpulses unterschiedliche Weglängen zurücklegen. Da-
durch wird der Laserpuls zeitlich gestreckt. Der Faktor, um den die Dauer des Laserpulses
vergrößert wird, kann mehrere Größenordungen betragen [117]. Nachdem der Laserpuls
verstärkt worden ist, wird der Streckungsprozess durch zwei weitere Gitter wieder kom-
pensiert. Die einzelnen Schritte sind in Abbildung 5.2 im Detail gezeigt.

In einem weiteren Modus durchläuý der Laserpuls eine zweite Verstärkungsstufe. Dazu
muss die Frequenz auf 10 Hz reduziert werden. Der zweite Titan-Saphir-Verstärkerkristall
wird von einem Nd:YAG-Laser gepumpt (Continuum, Surelite II-10). In dieser Konfigura-
tion beträgt die Pulsenergie bis zu 30 mJ.
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6 Pulsformungsexperimente

Die Experimente zur Erzeugung optimaler Pulsformen wurden mit Hilfe rückgekoppelter
Algorithmen durchgeführt. Abbildung 6.1 zeigt schematisch den Aufbau und den Ablauf
eines solchen Experiments. AmAnfang des Experiments steht ein Satz willkürlich geform-
ter Laserpulse. Jeder dieser geformten Laserpulse wurde mit einem Pulsformer geformt
und wird anschließend über eine Linse in das Nachweisvolumen eines Massenspektrome-
ters fokussiert. Zu diesen Pulsformen wird jeweils ein Massenspektrum aufgenommen und

SLM
Laser

$>

TOF

Computer
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.
.
.

Abbildung 6.1: SchematischeDarstellung desAufbaus undAblaufs des Pulsformungsexperiments: Der La-
serpuls wird durch den Pulsformungsaufbau – bestehend aus zwei Gittern, zwei Zylinderlinsen und dem
Flüssigkristall-Lichtmodulator (SLM) – geformt und anschließend durch eine Linse in das Nachweisvolu-
men eines Flugzeit-Massenspektrometers (TOF) fokussiert. DieMassenspektren eines Satzes unterschied-
lich geformter Laserpulse werden in denComputer eingelesen, dort ausgewertet und nach Fitnesskriterien
sortiert. Anschließend wird ein neuer Satz von Pulsformen generiert, wobei die Pulsformen, die zu einem
Massenspektrum mit hohen Fitnesswert führten, verstärkt berücksichtigt werden. Mit dem Senden der
neu erzeugten Pulsformen vom Computer zum SLM beginnt ein neuer Messzyklus.
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6.1 Der Pulsformungsaufbau

an den Computer übermittelt. Der Algorithmus bewertet die Massenspektren nach einer
vorgegebenen Fitnessfunktion und sortiert sie nach dem berechneten Fitnesswert (zur De-
finition von Fitness sei auf Kap. 6.2 auf Seite 66 verwiesen). Anschließend wird ein neu-
er Satz von Pulsformen generiert, wobei die Pulsformen, die zu einem Massenspektrum
mit hohem Fitnesswert geführt haben, verstärkt berücksichtigt werden. Diese neuen Puls-
formen werden vom Computer einzeln an den Flüssigkristall-Lichtmodulator (SLM) des
Pulsformungsaufbaus geschickt. Damit beginnt ein neuer Messzyklus.
Auf die einzelnen Teile des in Abbildung 6.1 gezeigten Messzyklus wird im Folgenden

gesondert eingegangen.

6.1 Der Pulsformungsaufbau

Der in diesen Experimenten verwendete SLM (Jenoptik, SLM-S320d) wurde an der
Friedrich-Schiller-Universität Jena entwickelt [119]. Er besteht aus zwei hintereinanderge-
schalteten, getrennt ansteuerbaren Flüssigkristallmodulatoren. Der Aufbau ist in Abbil-
dung 6.2 gezeigt. Die beiden Flüssigkristalle besitzen auf der einen Seite jeweils eine durch-
gängige Elektrode. Auf der anderen Seite ist die Elektrode aus 320 streifenförmigen Pixeln
aufgebaut. Die einzelnen Streifen haben eine Breite von 97 µm und eine Höhe von 10 mm
und sind 3 µm voneinander entfernt. Für einen Femtosekundenlaserpuls mit einer spek-
tralen Halbwertsbreite von 11 nm, die auf das mittlere Drittel des Displays triÞ, beträgt die
spektrale Auflösung dann etwa 0.1 nm.

Um die Pulsformung durchzuführen, wird der Laserstrahl wie in Abbildung 6.3 gezeigt
mittels eines Gitters und einer Linse in die Fourier-Ebene abgebildet [119, 120]. In der
Fourier-Ebene wird der SLM platziert, der hier durch die unabhängig steuerbaren Flüs-
sigkristalle Amplitude und Phase des Laserpulses modifizieren kann. Nachdem der Laser-
strahl den Pulsformer passiert hat, wird die Fourier-Abbildung des Laserpulses durch eine
zweite Zylinderlinse und ein zweites Gitter invertiert. Für die Amplitudenmodulation wird
durch den Pulsformer die Polarisationsrichtung der Laserstrahlung gedreht. Deswegen ist
in diesemFall noch ein nachgeschalteter Polarisator vonnöten [119, 120]. Auf dieseWeise ist
die Erzeugung unterschiedlichster Pulsformen in der Zeit- und Frequenzdomäne möglich
[119].
Der SLM besitzt pro Pixel eine Speichertiefe von 12 bit und kann in zwei unterschiedli-

chen Spannungsmodi betrieben werden. Bei einer Maximalspannung von 5V ergibt sich
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6 Pulsformungsexperimente

Antireflexionsbeschichtung

Glasträger

transparente Indiumzinnoxid-
elektrode

Flüssigkristall

Optikkitt

transparente Indiumzinnoxid-
streifenelektrode

Abstandshalter
Laserpuls

1.5mm

3mm

10µm

Display BDisplay A

Abbildung 6.2: Der SLM-S320d besteht aus zwei hintereinander angeordneten, getrennt ansteuerbaren
Flüssigkristallen. Jedes der beiden Flüssigkristalldisplays wird von zwei Elektroden kontaktiert, von denen
die eine streifenförmig ausgelegt ist. An die einzelnen Streifen werden die jeweiligen Steuerspannungen
angelegt.

dadurch eine Auflösung von 1.22 mV, bei 8V beträgt die Auflösung 1.95mV. Um den Puls-
former zu steuern, müssen pro Display 320 dieser 12-bit-Spannungswerte von Steuercom-
puter zum Pulsformer geschickt werden. Der SLM ist mit dem Steuercomputer durch eine

f fff

Zylinder-
linse

Zylinder-
linse

Fourier-
ebene

Abbildung 6.3: 4 f -Geometrie des Pulsformungsaufbaus. Der SLM wird in der Fourier-Ebene aufgestellt.
Die Linsen sind so auf die Gitter eingestellt, dass die spektralen Komponenten des Laserpulses in der
Fourier-Ebene abgebildet werden.
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6.1 Der Pulsformungsaufbau

Firewire-Schnittstelle verbunden.

Um eine definierte Phasenverzögerung des SLM einzustellen,muss eine bestimmte Steu-
erspannung an die Flüssigkristalle angelegt werden. Aus diesem Grund ist das Wissen um
den Zusammenhang zwischen angelegter Spannung undPhasenverzögerung essentiell und
die einzelnen Flüssigkristalldisplays müssen zuerst kalibriert werden. Das geschieht mit
dem in Abbildung 6.4 gezeigten Aufbau. Die Flüssigkristalldisplays wurden einzeln für die
zwei verschiedenen Spannungsmodi kalibriert. Dazu wurde das eine Display optisch in-
aktiviert, indem die Spannung auf den höchsten Wert gesetzt wurde. Anschließend wurde
der Einfluss der angelegten Spannung am anderen Display auf die Drehung des Polarisati-
onsvektors untersucht. Dazu wurde horizontal polarisiertes Laserlicht des Oszillatorlasers
im Dauerstrichmodus (λ = 800.7 nm) durch den Pulsformer geschickt. Danach wurde in
Abhängigkeit der angelegten Spannung die Drehung des Polarisationsvektors bestimmt,
indem der Laserstrahl durch einen Dünnschichtpolarisator in zwei senkrecht zueinander
polarisierte Laserstrahlen aufgeteilt und der vertikale Anteil durch eine Photodiode gemes-
sen wurde.Die resultierendeMesskurve für einDisplay im8-V-Modus ist inAbbildung 6.5a
gezeigt.

Die spannungsabhängige Phasenverzögerung ∆ϕ(U) lässt sich mit

∆ϕ(U) = 2kπ ± 2 arcsin
√

I(U)

I0
(6.1)

berechnen. Hier ist I(U) die Intensität des Photodiodensignals in Abhängigkeit der an das
Flüssigkristalldisplay angelegten SpannungU und T0 die Intensität des Photodiodensignals
auf den Maxima der in Abbildung 6.5a gezeigten Messkurve. Der jeweiligeWert für k sowie

SLM

TFP

PD

horiz. pol. vert. pol.

Abbildung 6.4: Der SLM dreht horizontal polarisiertes Licht um einen bestimmten Betrag. Dieser kann
bestimmt werden, indem der Laserstrahl durch einen Dünnschichtpolarisator (TFP) in einen horizontal
und einen vertikal polarisierten Strahl aufgeteilt wird und der Anteil des vertikal polarisierten Lichts mit
einer Photodiode (PD) bestimmt wird.
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Abbildung 6.5: Kalibrierungskurve eines Displays im 8-V-Spannungsmodus (a), Phasenverzögerung des
Displays (b). Die in Gleichung 6.1 zu wählenden Werte für k und das Vorzeichen des arcsin sind in blau
eingezeichnet.

das Vorzeichen des arcsin müssen je nach angrenzenden Maxima gewählt werden, wie in
Abbildung 6.5a gezeigt ist.

Mit Gleichung 6.1 lässt sich daraus die Phasenverzögerung des Flüssigkristalldisplays be-
stimmen. Eine solche Kurve für die Phasenverzögerung ist in Abbildung 6.5 gezeigt. Die
Phasenverzögerungskalibrierungmuss für jedes der beidenFlüssigkristalldisplays für beide
Spannungsmodi durchgeführt werden. Bei Pulsformungsmessungen müssen diese Kurven
in das Steuerprogramm des Pulsformer eingelesen werden, damit die Soýware ein vorge-
gebenes Phasenmuster in das an den Pulsformer zu schickende Bitarray umsetzen kann.

Damit Amplitude und Phase des Laserpulses unabhängig voneinander moduliert wer-
den können, ist eine bestimmte Kopplung der beiden Flüssigkristalldisplays nötig. Abbil-
dung 6.6 zeigt die Orientierung der optischen Achsen der beiden Displays zueinander. Die
optischen Achsen stehen senkrecht zueinander und sind um einen Winkel von ±45 ° ge-
genüber der Horizontalen geneigt. Für einen horizontal polarisierten Laserstrahl kann man
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optische Achse ‒45 °

optische Achse 45 °

Polarisator

y

x

Display A

Display B

z

Abbildung 6.6: Kopplung der beiden Flüssigkristalldisplays des Pulsformers zur unabhängigen Modulation
von Amplitude und Phase eines horizontal polarisierten Laserstrahls.

den elektrischen Feldvektor ε⃗aus mit

ε⃗aus = [
1
2
] ⋅ (

1
2
ei∆ϕ1 +

1
2
ei∆ϕ2) ⋅ E0ei(ωt−kz)

= [
1
2
] ⋅ cos(∆ϕ1 − ∆ϕ2

2
) ⋅ ei( ∆ϕ1+∆ϕ2

2 ) ⋅ E0ei(ωt−kz)
(6.2)

berechnen. Aus Gleichung 6.2 ist ersichtlich, wie die Phasenverschiebungen ∆ϕ des 1. und
2. Flüssigkristalldisplays wirken:

A = cos(∆ϕ1 − ∆ϕ2

2
) (6.3)

und
ϕ =

∆ϕ1 + ∆ϕ2

2
. (6.4)

Aus den Gleichungen 6.3 und 6.4 wird deutlich, dass Amplitudenmodulation und Phasen-
modulation unabhängig möglich sind. Stellt man beispielsweise sicher, dass die Phasen-
verschiebungen des ersten und zweiten Displays gleich sind, dann findet keine Amplitu-
denmodulation statt und die Phasenmodulation wird über die Summe der Einzelverschie-
bungen realisiert. Die Bedingung für eine reine Amplitudenmodulation lautet hingegen
∆ϕ1 = −∆ϕ2.
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6.2 Evolutionäre Algorithmen

Unter evolutionären Algorithmen versteht man Algorithmen, die auf den Prinzipien gene-
tischer Randomisierung, evolutionärer Vererbung und natürlicher Auslese beruhen [121].
Dabei hängen dieseAlgorithmen nicht gänzlich vom Zufall ab, sondern transferieren Infor-
mationen vonGeneration zuGeneration unter Verbesserung des Verhaltens der Individuen
gegenüber vorgegebenen Fitnesskriterien [121].
Die wichtigsten Operatoren sind Reproduktion, Mutation und Crossover. Die Begri×e

sind in Anlehnung an die Genetik gewählt. Reproduktion bezeichnet den Vorgang, aus den
Individuen der Elterngeneration die Nachkommengeneration zu generieren. Bei der Mu-
tation werden dabei einzelne Gene der Individuen manipuliert, beim Crossover werden
ganze Abschnitte von Genen miteinander vertauscht. An dieser Stelle werden die Gren-
zen der Analogie mit der Genetik sichtbar. Abhängig von der Fragestellung wird oýmals
auf die Implementierung von Strukturen wie Chromosomen und der damit verbundenen,
aus der Biologie bekannten Ploidie verzichtet [121]. Das schließt auch den in der Biologie
äußerst wichtigen Begri× der Dominanz aus. Damit besteht ein Individuum aus nur ei-
nem einzigen, haploiden Chromosom. Beim Crossover werden deswegen Abschnitte von
Genen zwischen verschiedenen Individuen vertauscht. Die Parameter, die in diesem Zu-
sammenhang auýreten, sind die Wahrscheinlichkeiten für Mutation und Crossover, sowie
die Genomgröße (Anzahl der Gene pro Individuum) und die Größe der Population (An-
zahl der Individuen pro Generation). Ein Individuum stellt darin eine mögliche Lösung
eines vorgegebenen Problems dar.

Um den Einfluss des Zufalls einzuschränken, wird oýmals noch eine Anzahl Eliten fest-
gelegt. Diese werden zwar herangezogen, um mit Hilfe von Mutation und Crossover die
Nachkommengenerationen zu erzeugen, sie werden allerdings auch unverändert der Nach-
kommengeneration hinzugefügt. So wird eine theoretisch mögliche Verschlechterung von
einer Generation zur nächsten ausgeschlossen. Zusätzlich ist auf diese Weise eine Verrin-
gerung der Generationengröße bei gleichzeitig schnellerer Konvergenzzeit möglich, da im
Experiment die Individuen häufig nur nacheinander auf ihre Fitness getestet werden kön-
nen. Die Fitness eines Individuums beschreibt die Güte, mit der ein Individuum das vorge-
gebene Problem löst. Mit dem Fortschritt wird der Verlauf der Fitness von Generation zu
Generation bezeichnet. Die Konvergenzzeit ist dann die Zeit oder die Nachkommengene-
ration, bei der der Fortschritt gegen einen festen Wert konvergiert ist.

Um den Einfluss dieser Parameter zu studieren, wurden genetische Optimierungen zu-
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6.2 Evolutionäre Algorithmen

erst mit einem Computerprogramm simuliert. Als Soýware kam IGOR Pro zum Einsatz,
bei der auf einfache Weise Funktionen programmiert werden können [122]. Sammlungen
von Funktionen werden bei IGOR Pro Procedures genannt. Im Anhang auf Seite 199 ist die
Procedure-Datei für diese Simulation gezeigt. Es können Populationsgröße, Anzahl der
Gene pro Individuum, Anzahl der Eliten, sowie Wahrscheinlichkeiten für Crossover und
Mutation festgelegt werden. Ein Gen besteht aus einer 8-stelligen Binärzahl. Die Fitness
eines Individuums ist die Summe seiner Gene. Da der Dezimalwert einer 8-bit Binärzahl
zwischen 0 und 255 liegt, ist für ein Individuum mit 50 Genen der höchstmögliche Fitness-
wert 50 ⋅ 255 = 12750. Um die Interpretation des Ergebnisses zu vereinfachen, werden alle
Fitnesswerte auf diesen Maximalwert normiert. Damit konvergiert die Fortschrittskurve
gegen 1. In Abbildung 6.7 ist ein typischer Fortschrittsverlauf gezeigt. Die Wahrscheinlich-
keit für Crossover ist im Regelfall wesentlich höher als diejenige für Mutationen, da die
erstere auf die Individuen wirken und letztere auf die Gene eines Individuums.

Da in diesen Experimenten nur die Phase moduliert wurde, repräsentiert ein Individu-
um ein bestimmtes Phasenmuster, welches von der Pulsformersteuersoýware in ein Span-
nungsmuster für die zwei Flüssigkristalldisplays umgesetzt wird. Damit besteht ein Indivi-
duum aus 320 Genen, wobei jedes Gen durch eine 12-bit-Ganzzahl repräsentiert wird, da
die Flüssigkristalldisplays eine Speichertiefe von 12 bit besitzen.

Um zu Beginn einer Messung den Suchraum einzuschränken bzw. um die unnötig hohe
Wellenlängenauflösung des Pulsformers zu begrenzen, kamen zwei Verfahren zumEinsatz.
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Abbildung 6.7: Fortschrittsverlauf einer Simulation mit dem im Anhang auf Seite 199 gezeigten IGOR-
Programm. Eine Generation bestand aus 100 Individuen mit jeweils 50 Genen. Die Anzahl der Eliten war
auf 2 gesetzt. Die Crossoverwahrscheinlichkeit betrug 0.6, die Mutationswahrscheinlichkeit 0.033. Die
gewählten Werte für die Parameter sind Standardwerte (siehe dazu auch die Dokumentation des IGOR-
Programms auf Seite 199).
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6 Pulsformungsexperimente

Beide Verfahren tragen dazu bei, die Dauer eines Experiments bis zur Konvergenzzeit zu
verkürzen. Das ist notwendig, da die Stabilität anderer experimenteller Parameter in der
Regel nur für einen begrenzten Zeitraum gewährleistet ist.
Beim ersten Verfahren wird ein binning der Gene eingesetzt. Das bedeutet, dass benach-

barte Gene anfänglich durch einen gemeinsamen Wert repräsentiert werden. Konvergiert
der Fortschritt innerhalb dieses Suchraums, so wird das binning verkleinert. Dieses Vor-
gehen entspricht im Wesentlichen dem Einsatz von variablen Genomgrößen. Ist eine be-
stimmte Genomgröße nicht mehr in der Lage, die Fitness einer Population signifikant zu
verbessern, dann wird das Genom vergrößert, indem die Gene geteilt werden. In diesen
Experimenten wurden die 320 Gene in der Regel zu Beginn in zwei Gruppen zu je 160
Genen zusammengefasst. Anschließend wurden diese beiden Gruppen sukzessive immer
weiter geteilt. Am Ende eines Experiments waren die Gene in 32 Gruppen mit jeweils 10
Genen zusammengefasst. Abbildung 6.8 zeigt Individuen zu verschiedenen Zeiten des Ex-
periments, d. h. mit verschiedenenGruppengrößen.Der Vorteil dieses Verfahrens liegt dar-
in, dass diese Vorgehensweise bestimmte Bedingungen nicht von vornherein ausschließt.
Das bedeutet, dass prinzipiell jedes Phasenmuster möglich ist, wenn das Optimierungs-
experiment nur lange genug läuý. Dieser Punkt wirkt sich im Experiment allerdings auch
nachteilig aus, da kurze Experimentlaufzeiten wünschenswert sind, um die Parametersta-
bilität während der Optimierung gewährleisten zu können.
Das zweite Verfahren basiert auf der Tatsache, dass die Fitness eines Individuums nur

dann hoch ist, wenn die Werte benachbarter Gene wenig divergieren. Deswegen werden
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Abbildung 6.8: Individuen, bei denen die 320 Gene (≙ Pixel des SLM) in Gruppen von 160 (a), 80 (b), 40
(c) und 20 (d) Genen zusammengefasst wurden. Der an die jeweiligen Pixel angelegte Spannungswert ist
als 12-bit-Ganzzahl codiert, so dass dieminimale Spannung dem Wert 0 und diemaximale Spannung dem
Wert 4095 entspricht.
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6.3 Das Flugzeitmassenspektrometer

über die 320 Gene eines Individuums 16 Stützstellen verteilt und die dazwischenliegen-
den Gene durch eine kubische Spline-Interpolation bestimmt. Das Bitmuster eines solchen
Individuums ist in Abbildung 6.9 dargestellt. Da dieses Verfahren schneller konvergiert,
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Abbildung 6.9: Individuum, dessen Gene (≙ Pixel des SLM) durch eine kubische Spline-Interpolation zwi-
schen 16 Stützstellen bestimmt wurde.

wurde es vorzugsweise eingesetzt. Der Vorteil des Verfahrens liegt in den schnellen Kon-
vergenzzeiten, allerdings werden bestimmte Phasenmuster von vornherein ausgeschlossen,
da sie mit der fixen Zahl an Stützstellen nicht dargestellt werden können.

6.3 Das Flugzeitmassenspektrometer

Sowohl bei den Pulsformungsexperimenten als auch bei den Anregungs-Nachweis-
Experimenten werden durch Photoionisation Kationen erzeugt. Diese werden in einem
linearen Flugzeitmassenspektrometer nach ihrem Masse-zu-Ladungs-Verhältnis separiert.
Der Aufbau des Flugzeitmassenspektrometers ist in Abbildung 6.10 gezeigt. Das Spektro-
meter wird nach dem von Wiley und McLaren vorgestellten Aufbau betrieben, mit dem
Ionen, die an geringfügig unterschiedlichen Orten erzeugt werden, zeitlich am Detektor
fokussiert werden können [112]. Die Ionen werden zuerst in einem ersten homogenen elek-
trischen Feld E⃗s entlang einer Strecke s/2 ≈ 4.5mm in Richtung Detektor beschleunigt.
Dieses elektrische Feld wird erzeugt, indem an Platte 1 in Abbildung 6.10 eine Spannung
von +300 V angelegt wird während Platte 2 geerdet ist. Nach Durchtritt durch Platte 2
werden die Ionen in einem zweiten homogenen elektrischen Feld E⃗d entlang einer Stre-
cke d = 7 mm nachbeschleunigt. Zur Erzeugung dieses elektrischen Feldes wird an Platte 3
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6 Pulsformungsexperimente

Dds
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Abbildung 6.10: Schematischer Aufbau des Flugzeitmassenspektrometers nach Wiley undMcLaren [112].
Der Erzeugungsort der Kationen ist als grauer Punkt eingezeichnet. Weitere Erläuterungen dazu sind im
Text gegeben.

eine Spannung von −1580 V angelegt. Nach Durchtritt der Ionen durch Platte 3 fliegen die
Kationen feldfrei über die Strecke D = 36 cm bis zum Detektor 4. Die Stärke der elektri-
schen Felder muss für eine hohe zeitliche Auflösung an die Abstände s, d und D angepasst
sein. Die zugehörigen Spannungen lassen sich berechnen und experimentell anpassen. Für
das in diesen Experimenten eingesetzte Flugzeitmassenspektrometer gelangt man dann zu
den oben erwähnten Werten.
Die Massenauflösung des Spektrometers ist m/∆m > 130. Abbildung 6.11 zeigt ein Mas-

senspektrum von Xenon. Die Xenonisotope 131 und 132 können nebeneinander aufgelöst
werden. Die Massenauflösung ist damit besser als in früheren Arbeiten, die baugleiche
Flugzeitmassenspektrometer verwendet haben [124–126]. Das liegt daran, dass der Ent-
stehungsort der Photoionen in diesen Experimenten nur durch die Größe des Laserfokus
bestimmt ist, der wesentlich kleiner ist als beispielsweise das durch ein Gitter dispergierte
Licht einer Plasmaquelle. Das kleine Ionisationsvolumen hat auch zur Folge, dass die Mas-
senauflösung fast unabhängig ist vom Verhältnis der Spannungen an Platte 1 und Platte 3
(s. Abbildung 6.10), während dieses Verhältnis bei einem ausgedehnterem Fokalpunkt die
Auflösung stark beeinflusst.
Die Detektion der Kationen wird durch zwei Mikrokanalplatten vorgenommen. Diese

arbeiten nach dem Prinzip der Sekundärelektronenvervielfachung. Die auf die Oberflä-
che auýre×enden Kationen bewirken eine Freisetzung von Elektronen aus der Oberfläche
der Mikrokanalplatten. Durch Anlegen einer Spannung werden diese Elektronen durch die
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Abbildung 6.11: Massenspektrum von Xenon.Die Isotope 131 und 132 können aufgelöst werden. Zusätzlich
sind die relativen Häufigkeiten der Xenonisotope gezeigt (blau) [123].

Mikrokanalplatte hindurchbeschleunigt. Durch Stöße mit der Wand werden zusätzliche
Elektronen erzeugt. Für zwei hintereinandergeschaltete Mikrokanalplatten gelangt man so
zu einer Ladungsträgervervielfachung von 105 bis 106. Pro Mikrokanalplatte wird etwa eine
Spannung von −1100 V angelegt. Für Signalintensitäten kleiner 400 mV ist die Signalinten-
sität proportional zur Anzahl der erzeugten Kationen [124, 127].

Die in den Mikrokanalplatten erzeugten Elektronen werden auf einer Kupferanode ge-
sammelt und über einen 50-Ω-Eingangswiderstand eines digitalen Speicheroszilloskop
(LeCroy, Waverunner 6100A) oder eines Digitizers (Agilent, Acquiris DC 271) als Span-
nungsabfall gemessen. Das digitalisierte Elektronensignal wird dann im Rahmen des Mes-
salgorithmus vom Laborcomputer ausgelesen.

Der Laserstrahl wird mit einer Linse ( f = 100 mm) durch ein Eintrittsfenster zwischen
Platte 1 und Platte 2 fokussiert (s. Abbildung 6.10). Mit

r f okal =
λ f
πr0

(6.5)

lässt sich der Radius des Laserstrahls im Fokus messen [17, 51]. Hier ist λ dieWellenlänge, f
die Brennweite der Linse und r0 der Radius des unfokussierten Laserstrahls. Man kommt so
auf einen Fokalradius von ca. 10 µm. Im optimalen Fall wird bei einer typischen Pulsenergie
von 20 µJ und einer Pulsdauer von 80 fs eine maximale Fokalintensität von 8× 1013 W/cm2
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6 Pulsformungsexperimente

erreicht. Man muss allerdings beachten, dass es vor allem durch Aberrationen der Linse zu
erheblichen Abweichungen kommen kann. Vergrößert sich aus diesem Grund der Radius
des Fokus auf 30±5 µm, so beträgt die maximale Intensität (9.6±3.1)× 1012 W/cm2. Dieser
Bereich wird als für diesen experimentellen Aufbau zutre×end betrachtet.
Der Fokus des Laserstrahls kann als Ursprung eines kartesischen Koordinatensystems

angesehen werden, dessen Achsen durch den Laserstrahl, das Gaseinlasssystem und die
Flugrichtung der gebildeten Kationen festgelegt werden. Das Gaseinlasssystem besteht aus
einer Glaskapillare (Außendurchmesser: 6 cm, Innendurchmesser: 0.4mm), die in den Va-
kuumrezipienten hineinragt. Auf diese Weise kann der Hintergrundsdruck im Gasrezipi-
enten niedrig gehalten werden bei gleichzeitig ausreichend hoher Teilchendichte am Fo-
kalpunkt des Lasers. Die Gaszufuhr kann durch ein Nadelventil, das vor der Glaskapillare
angebracht ist, fein reguliert werden. ÜblicheMessungen wurden bei einem Hintergrunds-
druck von etwa 1 × 10−6 bis 5 × 10−6 mbar durchgeführt, der am Detektor durch eine Kalt-
kathodendruckmessstelle (Leybold Vakuum, PR26) gemessen wird. Da der Detektorbe-
reich vom Rest der Vakuumkammer durch eine Druckstufe abgetrennt ist, liegt der Hinter-
grundsdruck im Vakuumrezipienten etwa eine Größenordung darüber. Bei geschlossenem
Gaseinlass beträgt der Hintergrundsdruck unter 1 × 10−7 mbar.
Am Vakuumrezipient ist dem Eintrittsfenster gegenüber ein Austrittsfenster angebracht.

Dadurch ist es möglich, den Laserstrahl außerhalb des Vakuumrezipienten zu blockieren,
wodurch Sekundäre×ekte durch reflektierte Laserstrahlung vermieden werden.
Der Vakuumrezipient wird mit einer Turbomolekularpumpe (Pfei×er Vacuum, TMH

260 P C) bepumpt, eine weitere, baugleiche Turbomolekularpumpe ist auf Höhe des De-
tektors angebracht.
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7 Fluoreszenzexperimente

7.1 Molekularstrahl und Fluoreszenzkollimation

Abbildung 7.1 zeigt den Aufbau, der bei den Fluoreszenzexperimenten mit geformten La-
serpulsen verwendet wurde. Über eine auf –65 °C gekühlte Düse mit einem Durchmesser
von 50 µm bei einem Staudruck von 2 bar expandiert N2 ins Vakuum und bildet so einen
Molekularstrahl. Der Laserstrahl wird durch eine Linse mit der Brennweite f = 400 mm
in die Vakuumkammer fokussiert und kreuzt im Brennpunkt eines Lichtsammelsystems
den Molekularstahl. Das geschieht so, dass der Laserstrahl, der Molekularstrahl und die
optische Achse des Lichtsammelsystems ein dreidimensionales, kartesisches Koordinaten-
system bilden.
Das Lichtsammelsystem besteht aus einem sphärischen Hohlspiegel und einer Sammel-

UV/Vis-Monochromator
Linse

Linse

sphärischer
Spiegelgechirpter 

Laserpuls

freier Molekular-
strahl

UV/Vis-
Fluoreszenz-
strahlung

Spiegel

Abbildung 7.1: Das Experiment besteht aus einer Vakuumkammer (gestrichelter Kasten) zur Erzeugung
des Molekularstrahls und einer optischen Lichtsammelanordnung, die die Fluoreszenzstrahlung auf den
Eintrittsspalt eines Monochromators abbildet. Weitere Details sind im Text gegeben.
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7 Fluoreszenzexperimente

linse, die so angeordnet sind, dass der Brennpunkt der Sammellinse und der Mittelpunkt
des Krümmungsradius des Spiegels im Kreuzungspunkt von Laser- und Molekularstrahl
zusammenfallen. Die Brennweite der Sammellinse beträgt f = 50 mm und die des Hohl-
spiegels f = 30 mm. Mit dieser Anordnung können 15% der isotrop abgestrahlten Fluo-
reszenzstrahlung eingesammelt werden [128]. Die Fluoreszenzstrahlung wird durch ein
Fenster aus der Vakuumapparatur geführt und über einen Umlenkspiegel und eine wei-
tere Fokussierlinse ( f = 250 mm) auf den Eintrittsspalt eines UV/Vis-Monochromators
abgebildet. Alle Transmissionsoptiken bestehen aus Quarzglas, um die Transmission im
UV-Bereich bis zu einer Wellenlänge von λ = 200 nm zu gewährleisten [128].

7.2 UV/Vis-Monochromator

Für den UV/Vis-Monochromator (Jobin Yvon, HR 460, f /5.3) stehen 3 unterschiedliche
Gitter mit 300, 1800 und 3600 Linien pro Millimeter zur Verfügung. Die höchstmögliche
Auflösung ∆λ mit diesen Gittern beträgt 0.2, 0.03 und 0.016 nm.
Das Gitter dispergiert die Fluoreszenzstrahlung mit zwei weiteren Fokussierspiegeln in

einerCzerny-Turner-Anordnung und bildet das dispergierte Licht auf einenCCD-Detektor
ab, der sich am Ort des Austrittsspalts des Monochromators befindet. Der CCD-Detektor
besitzt eine optimierte UV-Empfindlichkeit und wird durch flüssigen Sticksto× gekühlt.
Die CCD-Zelle besteht aus einer 2000 × 800-Matrix. Jeder Pixel ist quadratisch und be-
sitzt eine Kantenlänge von 15 µm. Aufgrund des extrem niedrigen Rauschens des CCD-
Detektors mit etwa 3 Ladungsträgern pro Minute und Kanal sind lange Belichtungszeiten
möglich und infolgedessen der Nachweis sehr niedriger Fluoreszenzintensitäten [128].

In Kombination mit dem CCD-Detektor erlaubt das Spektrometer die Detektion von
Fluoreszenzstrahlung im Spektralbereich von 200 bis 1000 nm. Die QuanteneÚzienz im
UV-Bereich liegt etwa bei 25% [129].

7.3 Gechirpte Laserpulse

Die Laserpulse wurden gechirpet, indem der Gitterabstand im Kompressor des regenera-
tiven Verstärkers verändert wurde [130, 131]. Eine Verringerung des Gitterabstands führt
zu einem positiv gechirpten Puls, während eine Vergrößerung einen negativen Chirp zur
Folge hat. Der Chirp des Pulses wurde aus der Verbreiterung der Pulsdauer bestimmt [130].
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8 Anregungs-Nachweis-Experimente mit
höheren Harmonischen

Abbildung 8.1 zeigt eine Übersicht über den experimentellen Aufbau, der bei den Experi-
menten mit höheren Harmonischen verwendet wurde. Der Laserstrahl wird zuerst durch
einen Strahlteiler aufgeteilt. Der eine Teil (ca. 0.8mJ/Puls) wird zur Erzeugung höherer
Harmonischer genutzt und über die Linse L1 ( f = 300 mm) in eine mit Argon gefüllte
Gaszelle fokussiert. In der Kammer A, in der die höheren Harmonischen erzeugt werden,
herrscht ein Hintergrundsdruck p > 10−3 mbar. Um die Absorption der XUV-Strahlung
durch das Hintergrundgas zu minimieren, wurde die Kammer A vom Rest des Vakuum-
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Abbildung 8.1: Experimenteller Aufbau des Höhere-Harmonische-Experiments. Details sind im Text
gegeben.
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8 Anregungs-Nachweis-Experimente mit höheren Harmonischen

aufbaus durch eine Druckstufe B getrennt. Der Strahl der höheren Harmonischen durch-
läuý anschließend einen Strahlseparator C, der aus zwei im Brewster-Winkel angeordne-
ten Silizium-Wafern besteht und das Licht der fundamentalen Strahlung e×ektiv abtrennt.
Der Strahlkegel der höheren Harmonischen wird anschließend durch den Goldspiegel M1
( f = 500 mm) in die Experimentierkammer E fokussiert.
Der zweite Teil des Laserstrahls (ca. 0.2 mJ/Puls) wird durch die Linse L2 ( f = 1000 mm)

in die Spiegelkammer D fokussiert. Der fokussierte Strahl wird durch den Spiegel M2 in
Richtung der Experimentierkammer umgeleitet, so dass dessen Fokus und der des XUV-
Strahls zusammenfallen. Sowohl der Spiegel M1 als auch der Spiegel M2 lassen sich von
außen justieren.
Die Probenzufuhr erfolgt über eine Kapillare, deren Ausgang sich über einen xyz-

Translator relativ zum Fokalpunkt der Lichtstrahlen und des Ö×nungswinkels des
Magnetische-Flasche-Photoelektronenspektrometers justieren lässt.
Die gesamte Vakuumapparatur lässt sich durch zwei Ventile V in drei Teile unterteilen,

die unabhängig voneinander belüýet werden können. Die Kammer A, in der die höhe-
ren Harmonischen erzeugt werden, wird von einer Turbomolekularpumpe (Balzers, TMH
260) bepumpt. Im mittleren Teil, der aus der Druckstufe B, dem Strahlseparator C und der
Spiegelkammer D sowie zusätzlichen Rohrverbindungen besteht, befinden sich zwei Tur-
bomolekularpumpen: die erste (Balzers, TPD 020) ist an der Druckstufe angebracht, die
zweite (Pfei×er Vakuum, TPU 180 HH) an der Spiegelkammer. Die Experimentierkammer
E wird mit einer Turbomolekularpumpe (Pfei×er Vakuum, TPH 510) bepumpt. Zusätzlich
sind am Detektor des Spektrometers noch zwei weitere Turbomolekularpumpen (Balzers,
TMH 260) angebracht, umdenDruck in unmittelbarer Nähe zumDetektor möglichst nied-
rig (p < 10−6 mbar) zu halten.
Der Druck in der gesamten Apparatur wird durch Druckmessstellen in den Kammern

A, D und E sowie am Detektor des Spektrometers kontrolliert. Das Spektrometer kann
sowohl zum Nachweis von Ionen (als Flugzeitmassenspektrometer) als auch von Elektro-
nen (als Magnetische-Flasche-Photoelektronenspektrometer) eingesetzt werden. Die Auf-
lösung des Massenspektrometers wird als R50%-Wert angegeben [132] und beträgt R50% ≈

300 [133]. Die Auflösung des Spektrometers beim Nachweis von Photoelektronen wurde
mit Hilfe von Sticksto×monoxid undToluol ermittelt undwirdmit 10 meV angegeben [133].
Einzelheiten zum Aufbau sind in Referenz [133] gegeben.

ZumAuÚnden des räumlichen Überlapps von Anregungs- und Nachweislichtpuls wur-
den Knife-Edge-Messungen durchgeführt (s. Kapitel 8.3). Die einzelnen Teile des experi-
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8.1 Die optische Verzögerungseinheit

mentellen Aufbaus werden im Folgenden detailliert vorgestellt.

8.1 Die optische Verzögerungseinheit

Bei Anregungs-Nachweis- oder pump-probe-Experimenten ist die unabhängige Variable
immer die Zeit, durch die der Anregungslichtpuls von dem Nachweislichtpuls getrennt ist.
Während diese Zeit bei Nanosekundenexperimenten noch elektronisch eingestellt werden
kann, ist bei Femtosekundenlichtpulsen ein anderes Vorgehen nötig. Hier wird oýmals,
wie in Abbildung 8.2 gezeigt, der Laserstrahl durch einen Strahlteiler aufgeteilt und an-
schließend wieder zusammengeführt. Dazwischen bewegen sich die Lichtpulse entlang
unterschiedlicher Wege. Sind diese verschieden lang, dann entspricht die Verzögerung der
Lichtpulse der Di×erenz der Laufzeiten der beiden Wege. Bewegt sich der Linearverschie-
betisch um die Weglänge ∆x, so lässt sich die Zeitverzögerung ∆t durch

∆t = 2∆x
c

(8.1)

berechnen. c ist die Lichtgeschwindigkeit und der Faktor 2 resultiert aus der Tatsache, dass
der Laserpuls die Strecke ∆x in Richtung der Verschiebung doppelt zurücklegt.
Die in unseren Experimenten verwendete optische Verzögerungseinheit (delay stage,

Δx

delay stage

Abbildung 8.2: Aufbau einesMichelson-Interferometers zur Messung des in Abbildung 8.3 gezeigten Auto-
korrelationssignals. Der eine Lichtstrahl läuýüber eine delay stage,mit der sich dieWeglänge der Strahlung
einstellen lässt.
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Abbildung 8.3: Interferometrisches Autokorrelationssignal, das mit dem in Abbildung 8.2 gezeigten Auf-
bau aufgenommen wurde. Der eingezeichnete Bereich umfasst 101 Schwingungen in 2470 ± 3 internen
Einheiten der delay stage.

Physik Instrumente, M-505.6DG) besitzt eine Ortsauflösung von 0.017 µm und einen ma-
ximalen Verschiebeweg von 150 mm. Daraus ergibt sich eine größtmögliche Verzögerung
von ∆t = 1 ns bei einer minimalen zeitlichen Inkrementierung von 0.11 fs. Die delay sta-
ge lässt sich über eine RS-232-Schnittstelle rechnergestützt steuern und kann so auch in
komplexe Messalgorithmen integriert werden. Ein zu fahrender Verschiebeweg wird vom
Computer an die Kontrolleinheit (Physik Instrumente,Mercury C-863 DCMotor Control-
ler) der delay stage in internen Mikroschritteinheiten gesendet.

Um den Zusammenhang zwischen diesen internen Einheiten und dem tatsächlichen
Verschiebeweg bzw. der Zeitverzögerung zu ermitteln, wurde ein interferometrisches Au-
tokorrelationsexperiment nach dem in Abbildung 8.2 gezeigten Aufbau durchgeführt. Das
Autokorrelationssignal ist in Abbildung 8.3 gezeigt. Um die Kalibrierung durchzuführen,
muss außerdem die Zentralwellenlänge des Laserpulses bestimmt werden. Diese kann in
Abhängigkeit der Justage der Laserkavität des regenerativen Verstärkers in engen Grenzen
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8.2 Der XUV-Strahlseparator

(±2 nm) variieren. Ein Spektrum des Laserpulses ist in Abbildung 8.4 gezeigt. Um die Zen-
tralwellenlänge des Laserspektrums möglichst genau zu bestimmen, wurde einGauß-Profil
angepasst. Das Maximum der Gauß-Kurve liegt bei λc = 804.38 ± 0.04 nm. Die Perioden-
dauer T beträgt bei dieser Wellenlänge

T =
λc
c
= 2.6831 ± 0.0001 fs. (8.2)

Da bei den interferometrischen Autokorrelatormessungen in 2470 ± 3 Mikroschritten der
delay stage 101 Schwingungen liegen, lässt sich damit der Umrechnungsfaktor f , mit dem
sich die internen Mikroschritte in eine e×ektive Zeitverzögerung umrechnen lassen, be-
stimmen:

f = 101 T
2470 ± 3 Mikroschritte

= 0.1097 ± 0.0001 fs/Mikroschritt. (8.3)

8.2 Der XUV-Strahlseparator

Der Strahlseparator besteht aus zwei Siliziumwafern und dient dazu, den Anteil der 804-
nm-Strahlung von der VUV- und XUV-Strahlung abzutrennen. Bei λ = 804 nm beträgt
der Brechungsindex für Silizium n = 3.6771 [134]. Daraus lassen sich für die beiden Pola-

0

re
l. 

In
te

ns
itä

t

825820815810805800795790785
Wellenlänge / nm

Abbildung 8.4: Spektrumdes Laserpulses, das mit einemGauß-Profil angepasst wurde.Das Maximum liegt
bei λc = 804.38±0.04 nm, die Bandbreite des Laserpulses beträgt 11.98±0.11 nm (FWHM). Das Spektrum
wurde mit einem Faserspektrometer (Ocean Optics, USB2000) aufgenommen.
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risationsrichtungen die ReflexionskoeÚzienten mit

Rs =

RRRRRRRRRRR

cosϕ −
√
n2 − sin2 ϕ

cosϕ +
√
n2 − sin2 ϕ

RRRRRRRRRRR

2

(8.4)

für vertikal polarisiertes Licht und

Rp =

RRRRRRRRRRR

n2 cosϕ −
√
n2 − sin2 ϕ

n2 cosϕ +
√
n2 − sin2 ϕ

RRRRRRRRRRR

2

(8.5)

für horizontal polarisiertes Licht in Abhängigkeit des Einfallswinkels ϕ berechnen [135]. In
Abbildung 8.5a sind die ReflexionskoeÚzienten gezeigt. Für horizontal polarisiertes Licht
sinkt bei einen bestimmten Winkel ϕB die Reflektivität Rp auf Null, wie aus Abbildung 8.5a
ersichtlich ist. Das tritt bei einem Winkel ein, bei dem der Zähler von Gleichung 8.5 Null
wird:

n2 cosϕB −
√

n2 − sin2 ϕB = 0

⇔ ϕB = arcsin
n

√
n2 + 1

.
(8.6)

Dieser Winkel wirdBrewster-Winkel genannt undbeträgt bei Silizium für die fundamentale
Laserstrahlung ϕB = 74.8 °. Abbildung 8.5b zeigt für eine Ausrichtung nach dem Brewster-
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Abbildung 8.5: Mit Gleichung 8.4 und 8.5 berechnete ReflexionskoeÚzienten von Silizium für vertikal (In-
dex s) und horizontal (Index p) polarisiertes Licht der Wellenlänge λ = 804 nm (a). Berechnete Photo-
nenenergieabhängigkeit der Transmission eines horizontal polarisierten XUV-Strahls bei ein- (schwarz)
und zweimaliger (rot) Reflexion an einer Siliziumoberfläche bei einem Einfallswinkel von 75 ° (b) [136].
Die Lage der höheren Harmonischen ist in blau gezeigt.
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Winkel den Anteil der transmittierten Strahlung nach ein- und zweimaliger Reflexion an
der Siliziumoberfläche für die jeweiligen höheren Harmonischen. Die laterale Position der
Siliziumwafer sowie der Winkel zum einfallenden Strahl kann von außen justiert werden.

8.3 Knife-Edge-Messungen

Mit Knife-Edge-Messungen lässt sich auf einfache Weise die räumliche Überlappung zwi-
schen XUV-Puls und Laserstrahl kontrollieren sowie das Profil des jeweiligen Fokus cha-
rakterisieren [137, 138]. Dazu wird wie in Abbildung 8.6 gezeigt ein dreieckiges knife in den
Laser- bzw. XUV-Strahl geschoben und in Abhängigkeit von dessen Position mit einem
geeigneten Lichtdetektor das Licht gemessen, welches vom knife nicht geblockt wird. Die
aufgenommene Messkurve kann dann mit der Gleichung

f (x) = (erf(x + 0.5 − a
√

2 ⋅ b
) + erfc(x + 0.5 − c

√
2 ⋅ d

)) ⋅ e + g (8.7)
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Abbildung 8.6: Signalintensität eines Lichtdetektors als Funktion der Position des knife. Sobald das knife
den Lichtstrahl zu blocken beginnt, wird die Signalintensität des Lichtdetektors kleiner. Wenn das kni-
fe den Strahl vollständig blockt, wird kein Licht detektiert. Sobald das Licht hinter dem Strahl wieder
durchgelassen wird, steigt das Detektorsignal wieder auf seinen anfänglichen Wert. Di×erenziert man das
aufgenommene Detektorsignal numerisch, so erhält man zwei Gauß-Profile, aus deren Halbwertsbreite
man den Strahldurchmesser direkt ablesen kann. Zum gleichen Ergebnis kommt man auch, wenn an das
Detektorsignal eine Fehlerfunktion angepasst wird (s. Gleichung 8.7 im Text).
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8 Anregungs-Nachweis-Experimente mit höheren Harmonischen

angepasst werden. Hier ist erf die Fehlerfunktion, erfc die konjugierte Fehlerfunktion und
x die Position des knife. Die Parameter b und d geben direkt den Strahldurchmesser bezüg-
lich der jeweiligen Diagonalen an. Die Parameter a und c geben die Position des Strahles
bezüglich der jeweiligen Diagonalen, so dass sich die horizontale Position des Strahls aus
den absoluten Werten von a oder c ablesen lässt und die vertikale Position aus der Di×e-
renz ∣a− c∣. e und g spiegeln einen experimentellen Faktor bzw. O×set wider. Durch Nach-
justieren eines der beiden Strahlen können so beide iterativ zum räumlichen Überlappen
gebracht werden.

8.4 Experimentelle Erzeugung von höheren

Harmonischen

Um Experimente mit höheren Harmonischen durchzuführen, ist es wichtig zu wissen, wie
hoch die KonversionseÚzienz bei gegebenen experimentellen Bedingungen ist. Bereits frü-
here Experimente beschäýigen sich mit dieser Frage [139–141]. So verwenden L’Huillier et
al. einen 1053 nm-Laser mit einer Pulsdauer von 1 ps, einer Pulsenergie von wenigen mJ
und einer Fokalintensität zwischen 1014 und 1015 W/cm2. In diesen Experimenten wird eine
KonversionseÚzienz von etwa 10−6 erreicht [139]. Rundquist et al. benutzen einen 800-nm-
Laser mit einer Pulsenergie von 100 bis 300 µJ, einer Pulsdauer von 20 fs und einer Fokalin-
tensität von 2 × 1014 W/cm2. Durch eine optimierte Phasenanpassung mittels Druckvaria-
tion des Konversionsmediums konnte die KonversionseÚzienz hier auf 10−5 pro Harmoni-
sche erhöht werden [140].
Aufgrund dieser Ergebnisse wird die EÚzienz für diese Experimenten mit etwa 10−6 bis

10−7 pro Harmonische abgeschätzt, da keine erhöhten Anstrengungen unternommen wur-
den, dieQuanteneÚzienz des Konversionsprozesses zu optimieren. Zieht man zusätzlich in
Betracht, dass der Goldspiegel eine Reflektivität von etwa 12% hat, so stehen dem Experi-
ment etwa 800 pJ bis 8 nJ oder 3×107 bis 3×108 Photonen pro Harmonische zur Verfügung.
Der Fokaldurchmesser der Harmonischen kann mit Hilfe von Knife-Edge-Messungen

abgeschätzt werden. Abbildung 8.7 zeigt beispielhaý eine solche Messung. Wie in Kapitel
8.3 erläutert, kann aus der in Gleichung 8.7 gezeigten Anpassungsfunktion für Knife-Edge-
Kurven direkt die Halbwertsbreite der Strahldurchmesser abgelesen werden. Den Strahl-
durchmesser bezüglich der beiden Diagonalen kann man dadurch zu etwa 300 ± 50 µm
bestimmen.
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Abbildung 8.7: Knife-Edge-Messung der höheren Harmonischen (rot), die durch Gleichung 8.7 angepasst
wurde (schwarz). Zusätzlich ist die numerische Ableitung der Anpassungsfunktion angegeben (grau). Auf
diese Weise lässt sich die physikalische Bedeutung der Parameter der in Gleichung 8.7 gezeigten Anpas-
sungsfunktion leicht verstehen.

Experimentell werden die höheren Harmonischen erzeugt, indem Laserpulse mit 0.8mJ
in eine Gaszelle fokussiert werden. Die Gaszelle befindet sich in einer Vakuumkammer,
die durch eine Turbomolekularpumpe bepumpt wird (vgl. Abbildung 8.1). Die Gaszelle ist
in Abbildung 8.8 gezeigt. Sie ist an eine externe Gaszufuhr angeschlossen und besteht aus

Gas (Argon)

2 mm

6 mm

höhereHarmonische

804 nm

Hülse

Dichtring-
nuten

Abbildung 8.8: Gaszelle zur Erzeugung höherer Harmonischer. In die zwei Nuten werden Dichtringe ein-
gelegt, die bei aufgeschobener Hülse die Gaszelle gegen die Vakuumkammer abdichten. Der fokussierte
804-nm-Laserstrahl durchbohrt die Wandungen der Hülse. Dadurch werden die Ö×nungen der Hülse
nicht größer als minimal nötig.
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8 Anregungs-Nachweis-Experimente mit höheren Harmonischen

einem 6-mm-Stahlkörper, der eine 2-mm-Bohrung besitzt. Oberhalb und unterhalb der
Bohrung befinden sich zwei Nuten, in die Gummidichtungen eingesetzt werden, die bei
aufgeschobener Hülse die Gaszelle gegen das Vakuum der Kammer abdichten. Die Hülse
hat einen Innendurchmesser von 6.4mm und eineWandstärke von 0.2 mm. DieWandung
der Hülse kann durch den Laserfokus durchbohrt werden. Dadurch ist sichergestellt, dass
die Ö×nungen der Gaszelle gegenüber der Vakuumkammer den minimal nötigen Durch-
messer nicht überschreiten. Damit ergibt sich eine e×ektive Länge der Gaszelle von et-
wa 6.5mm. In typischen Messungen lag der Staudruck in der Gaszelle zwischen 30 und
40 mbar bei einem Hintergrundsdruck in der Kammer von etwa 1.4× 10−3 mbar. Der Stau-
druck in der Gaszelle konnte mit einer Druckmessstelle (Balzers, APR 017) kontrolliert
werden.
Die Pulsdauer der Harmonischen kann mit Hilfe von Kreuzkorrelationsmessungen be-

stimmt werden. Dabei werden Photoelektronenspektren eines Gases in Abhängigkeit der
Zeitverzögerung der Harmonischen-Pulse und eines 804-nm-Laserstrahls aufgenommen.
Sind beide beide Pulse zeitlich separiert, dann führt nur die direkte Ionisation der höheren
Harmonischen zumAuýreten von Photoelektronensignalen, die bei ungeraden Vielfachen
der Energie der Fundmentalen liegen. Wenn beide Pulse zur gleichen Zeit die Probe tref-
fen, dann treten zusätzliche Signale im Photoelektronenspektrum auf, die bei ganzzahligen
Vielfachen der fundamentalen Photonenenergien liegen und Seitenbänder genannt werden
[142]. Zweckmäßigerweise werden hier Edelgase verwendet, die ein einfaches Photoelek-
tronenspektrum zeigen, das leicht interpretiert werden kann. Der Nachteil liegt in der re-
lativ hohen Ionisiserungsenergie der Edelgase, da nur höhere Harmonische charakterisiert
werden können, deren Photonenenergie oberhalb der Ionisierungsenergie des Edelgases
liegt. Die zeitliche Struktur eines Seitenbandes setzt sich dann aus den Pulsdauern der Har-
monischen ober- und unterhalb des Photoelektronensignals und der Pulsdauer der Funda-
mentalen zusammen. Ist die Pulsdauer der Fundamentalen bekannt, dann lässt sich durch
Gauß-Entfaltung die gemittelte Pulsdauer der Harmonischen bestimmen. Abbildung 8.9
zeigt die zeitliche Struktur eines Seitenbandes, das zwischen der 13. und der 15. Harmo-
nischen auýritt. Durch eine Anpassung der Messdaten an ein Gauß-Profil lässt sich die
Halbwertsbreite des Seitenbandes zu 115 ± 3 fs bestimmen. Da die Pulsdauer der Funda-
mentalen 84±4 fs beträgt, lässt sich aus der Halbwertsbreite des Seitenbandes die Pulsdau-
er der Harmonischen berechnen. Diese beträgt 78± 8 fs. Es ist allerdings zu beachten, dass
die Pulsdauer der Harmonischen stark von den experimentellen Bedingungen abhängt, wie
zum Beispiel dem Chirp des Laserpulses, der Dichte des Konversionsmediums und der ge-
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Abbildung 8.9: Zeitliche Struktur des Seitenbandes, das im Photoelektronenspektrum zwischen der 13. und
der 15. Harmonischen auýritt. Aus einerGauß-Anpassung lässt sich die Halbwertsbreite des Seitenbandes
zu 115 ± 3 fs ermitteln.

nauen Lage des Fokalpunktes in der Gaszelle. Unter anderen Bedingungen konnten auch
schon Pulsdauern deutlich unter 70 fs für die Harmonischen-Pulse gemessen werden.
Bei der experimentellen Erzeugung von höheren Harmonischen sind einige Dinge zu

beachten. So sind der Staudruck der Gaszelle und die Intensität im Laserfokus nicht un-
abhängig voneinander. Abbildung 8.10 zeigt die spektrale Verteilung der 7. bis zur 19. Har-
monischen bei zwei verschiedenen Staudrücken. Es ist klar ersichtlich, dass sich bei einem
höheren Staudruck das Maximum der spektralen Verteilung in Richtung höherer Photo-
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Abbildung 8.10: Spektrale Intensitätsverteilung der 7. bis 19. höheren Harmonischen bei zwei verschiede-
nen Staudrücken.
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8 Anregungs-Nachweis-Experimente mit höheren Harmonischen

nenenergien verschiebt. Zur gleichen Zeit ist auch eine Zunahme der integralen Intensität
aller Harmonischen zu beobachten, wenn der Staudruck erhöht wird. Abbildung 8.11 zeigt
die Abhängigkeit der Intensität der 15. Harmonischen vom Staudruck der Gaszelle. Die
Intensität steigt bei niedrigen Drücken schnell an, bei hohen Drücken tritt jedoch ein Sät-
tigungse×ekt ein. Für die Anregungs-Nachweis-Experimente mit höheren Harmonischen
wurden Staudrücke im Bereich 30–40 mbar gewählt, da dabei der Hintergrundsdruck in
der Experimentierkammer noch so niedrig blieb, dass dadurch die Turbomolekularpumpe
im Dauerbetrieb nicht übermäßig belastet wurde. Abbildung 8.12 zeigt die spektrale Halb-
wertsbreite der einzelnen Harmonischen. Die Halbwertsbreite nimmt für höhere Harmo-
nische zu. Nimmt man einen in der Zeit- sowie Frequenzdomäne gaußförmigen Laserpuls
an, dann hängt die Breite δνn der Harmonischen n-ter Ordnung mit der Breite der funda-
mentalen Laserstrahlung δν1 durch

δνn =
√
n ⋅ δν1 (8.8)

zusammen.
Die fokussierte Laserstrahlung ionisiert das Argon in derGaszelle und generiert dadurch

ein lokales Plasma. Die dadurch hervorgerufene Änderung des Brechungsindex des Medi-
ums induziert eine Blauverschiebung der fundamentalen Laserstrahlung [143–146]. Der
Betrag der Blauverschiebung der Harmonischen hängt zum einen davon ab, wie stark die
Fundamentale blau verschoben ist als auch davon, wie stark sich der Brechungsindex für
dieWellenlänge der Harmonischen ändert [147]. Die Erzeugung des Plasmas hängt sowohl
von der Teilchendichte im Fokalvolumen als auch von der Intensität der Laserstrahlung ab
[147]. Abbildung 8.13 zeigt die Lage der 15. Harmonischen für zwei verschiedene Pulsener-
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Abbildung 8.11: Intensität der 15. höheren Harmonischen in Abhängigkeit des Argon-Staudrucks in der
Gaszelle.
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Abbildung 8.12: Die spektrale Halbwertsbreite nimmt mit zunehmender Ordnung der Harmonischen zu.
Die Halbwertsbreite wurde mittels eines Monochromators bestimmt.

gien. Da die maximale Intensität im Laserfokus linear mit der Pulsenergie des Laserstrahls
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Abbildung 8.13: Spektrale Lage der 15. Harmonischen für zwei verschiedene Laserpulsenergien.

zusammenhängt, lässt sich schließen, dass bei einer Erhöhung der Fokalintensität um den
Faktor 3 die Lage der Harmonischen um mehr als 120 meV verschoben werden kann.

8.5 Das Magnetische-Flasche-

Photoelektronenspektrometer

Das Photoelektronenspektrometer arbeitet nach dem Prinzip einer Magnetischen Flasche.
Die Ionenquelle besteht aus einem Permanentmagneten, der unterhalb einer Platte ange-
bracht ist. Die Platte ist mit einer Spannungsquelle verbunden, durch die die Elektronen ab-
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gebremst werden können. Das Flugrohr ist 1 m lang und befindet sich innerhalb einer Spu-
le, durch die das homogene Magnetfeld aufgebaut wird. Der Detektor besteht aus zwei 50-
mm-Mikrokanalplatten. Durch Änderung der Spannungsversorgung der Detektorelektro-
nik und Einbau einer zusätzlichen Beschleunigungsplatte in die Ionenquelle kann das Pho-
toelektronenspektrometer zum Flugzeitmassenspektrometer umgebaut werden und dient
danach dem Nachweis von Ionen. Das Spektrometer wurde im Zusammenhang mit der
Dissertation von Christoph Eisenhardt in der Arbeitsgruppe von Helmut Baumgärtel ge-
baut [133]. In dieser Arbeit sind auch genauere Informationen und Details zum Aufbau
und Betrieb enthalten [133].

8.6 Charakterisierung eines Mehrschichtspiegels für

höhere Harmonische

Die Anregungs-Nachweis-Experimente mit höheren Harmonischen wurden unter Ein-
satz eines sphärischen Goldspiegels durchgeführt, mit dem die Harmonischen in die Ex-
perimentierkammer reflektiert und fokussiert werden (vgl. Abbildung 8.1). Der Spiegel
hat einen Durchmesser von 50 mm und einen Krümmungsradius von 1000 mm. Letzte-
res entspricht einer Brennweite von f = 500 mm. Der Spiegel bildet damit den Fokus des
804-nm-Laserstrahls in der Gaszelle in die Experimentierkammer ab. Aus den Knife-Edge-
Messungen lässt sich ein Fokaldurchmesser der höheren Harmonischen zu 300 µm bestim-
men (vgl. Abbildung 8.7). Die Reflektivität des Goldspiegels lässt sich mit Gleichung 8.5
in Abhängigkeit des Einfallwinkels und der Photonenenergie berechnen. Für die 7. bis 17.
Harmonische ist diese in Abbildung 8.14 gezeigt. Die Reflektivität liegt dabei für den Ener-
giebereich von 10–26 eV zwischen 10 und 20% und sinkt mit steigender Photonenenergie.
Ein Nachteil bei der Verwendung von Goldspiegeln ist die Tatsache, dass sämtliche Har-
monische in die Experimentierkammer fokussiert werden. Feoretisch kann dies umgan-
gen werden, indem statt eines Goldspiegels ein Monochromator eingesetzt wird. Damit
lässt sich sehr eÚzient eine bestimmte Harmonische separieren, allerdings führt dies auf-
grund der Dispersionseigenschaýen des Gitters zu einer Formung der Harmonischen und
dadurch zu einer zeitlichen Verbreiterung der einzelnen Harmonischen um etwa eine Grö-
ßenordnung.Dies ließe sich mit einem zweiten Spiegel und einerAnordnung ähnlich der in
Abbildung 6.3 gezeigten vermeiden, da sich hier die Dispersionse×ekte der beiden Spiegel
kompensieren. Durch die zweimalige Reflexion wird allerdings auch die dem Experiment
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Abbildung 8.14: Berechnete Reflektivität eines Goldspiegels in Abhängigkeit des Einfallswinkels für die
Photonenenergien der 7. bis 17. Harmonischen [136]. Der Einfallswinkel in diesen Experimenten ist in
blau eingezeichnet.

zur Verfügung stehende Anzahl an Photonen erheblich reduziert.
Eine weiterer Ansatz ist der Einsatz eines Mehrschichtspiegels, der für eine bestimm-

te Photonenenergie optimiert ist. In Nachfolgeexperimenten wurde hier ein Mehrschicht-
spiegel (Fraunhofer-Institut für Angewandte Optik und Materialforschung, Jena), der für
die Photonenenergie der 17. Harmonischen bei 26.2 eV optimiert wurde, charakterisiert.
Abbildung 8.15 zeigt die berechnete Reflektivität des Mehrschichtspiegels im Bereich der
optimierten Photonenenergie [148]. Die berechnete Kurve deckt nur einen relativ engen
Energiebereich um die Photonenenergie von 26 eV ab. Um die experimentelle Photonen-
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Abbildung 8.15: Berechnete Reflektivitätskurve des Mehrschichtspiegels im Bereich der optimierten Pho-
tonenenergie, die im Wesentlichen der Lage der 17. Harmonischen (blau) entspricht [148].
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ausbeute abzuschätzen, wurden Photoelektronenspektren von Neon aufgenommen. Abbil-
dung 8.16 zeigt diese Spektren für zwei verschiedene Retardierungsspannungen. Die ein-
zelnen Photoelektronensignale stammen aus der direkten Ionisation durch die einzelnen
höheren Harmonischen. Die Signale wurden nicht auf den Photoabsorptionsquerschnitt
normiert, da sich dieser im Energiebereich oberhalb der Ionisationsschwelle bis etwa 60 eV
nicht signifikant ändert und im Energiebereich der 15. bis 19. Harmonischen zwischen 23
und 30 eV Werte von 6 bis 8Mb annimmt. [149, 150]. Man sieht deutlich, dass das Pho-
toelektronensignal der 17. Harmonischen unabhängig von der Retardierungsspannung am
intensivsten ist. Mit zunehmender Photonenenergie, d. h. oberhalb der 21. Harmonischen
wird der Anteil der XUV-Strahlung vernachlässigbar klein.

Da die 15. die niedrigsteHarmonische ist,mit der Neon ionisiert werden kann, ist es nicht
möglich, eine Aussage über die Reflektivität des Mehrschichtspiegels bei niedrigeren Pho-
tonenenergien zu tre×en. Insbesondere jüngste Experimente legen aber den Schluss nahe,
dass die Reflektivität für sehr geringe Photonenenergien im Bereich weniger Elektronen-
volt vor allem im Energiebereich der 3. und 5. Harmonischen wieder ansteigt. Wird der
von dem Mehrschichtspiegel reflektierte Höhere-Harmonische-Strahl durch einen CaF2-
Filter geschickt, der nur transparent ist für Photonenenergien unterhalb von etwa 10 eV,
dann kann CS2 durch das transmittierte Licht resonant angeregt werden. Da die Grenze
von 10 eV für die 7. Harmonische (10.8 eV) schon überschritten ist und das Licht der fun-
damentalen Strahlung durch den Silizium-Separator (s. Abbildung 8.1) schon abgetrennt
ist, kommt für diese Anregung nur VUV-Strahlung der 3. oder 5. Harmonischen infrage.
Eine Analyse des VUV-Spektrums von CS2 ergibt, dass die Zustände 3Πu und 1Πu resonant
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Abbildung 8.16: Photoelektronenspektren von Neon, die mit Hilfe des Mehrschichtspiegels und höhe-
ren Harmonischen aufgenommen wurden. Um den breiten Energiebereich besser abzubilden, wurden
zwei unterschiedliche Retardierungsspannungen des Photoelektronenspektrometers verwendet: 4.3 V (a),−4.3 V (b).
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zur Photonenenergie der 5. Harmonischen sind [151]. Aus diesen Erkenntnissen lässt sich
folgern, dass für niedrigere Photonenenergien, als diejenigen, für die der Mehrschichtspie-
gel optimiert ist, die Reflektivität wieder zunimmt. Inwieweit davon auch die 7. Harmoni-
sche betro×en ist, kann aus diesen Experimenten nicht abgeleitet werden, könnte sich aber
durch vergleichbare Experimente unter Verwendung eines LiF-Filters, der für die Photo-
nenenergie der 7. Harmonischen noch transparent ist, ermitteln lassen.
Die Photonenenergieoptimierung eines Mehrschichtspiegels beruht auf der konstrukti-

ven Interferenz von Photonen, die an verschiedenen Schichten des Mehrschichtspiegels re-
flektiert werden. Die Bedingung für konstruktive Interferenz ist dabei nur für einen schma-
len Energiebereich gegeben [152]. Für den Goldspiegel konnte die Zeitdauer einer höheren
Harmonischen im Energiebereich um 20 eV zu etwa 78 ± 8 fs bestimmt werden (s. Kapitel
8.4 auf Seite 84). Inwieweit sich die Gangunterschiede der einzelnen Schichten auf die Dau-
er der Harmonischen auswirken, konnte mit einem Korrelationsexperiment mit der Fun-
damentalen ermittelt werden. Abbildung 8.17a zeigt das Elektronensignal aus Argon nach
Ionisation durch die 17. Harmonische als zweidimensionales Photoelektronenspektrum als
Funktion der Zeitverzögerung eines zweiten 804-nm-Laserpulses. Das Korrelationssignal
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Abbildung 8.17: Zweidimensionales Photoelektronenspekrum von Argon nach Ionisation durch die 17.
Harmonische als Funktion der Zeitverzögerung eines zweiten 804-nm-Lichtpulses (a). Aus der Intensität
des Seitenbandes der 17. Harmonischen und des 804-nm-Laserpulses lässt sich die Halbwertsbreite des
Korrelationssignals bestimmen (b).

tritt in Formdes Seitenbandes aus der 17. Harmonischen und des 804-nm-Laserpulses dann
auf, wenn beide Lichtpulse gleichzeitig ionisieren. In Abbildung 8.17b ist die integrale In-
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tensität des Seitenbandes über der Verzögerungszeit zwischen beiden Lichtpulsen aufgetra-
gen. Hieraus lässt sich durch Anpassung eines Gauß-Profils die Halbwertsbreite des Kor-
relationssignals zu τXCross = 113 ± 2 fs bestimmen. Mit dem Wissen um die Pulsdauer des
804-nm-Laserstrahls (τHH1 = 85±3 fs) lässt sich daraus die Pulsdauer der 17. Harmonischen
(τHH17) berechnen:

τHH17 =
√

τ2
XCross − τ2

HH1 = 74 ± 7 fs. (8.9)

Im Vergleich mit demGoldspiegel ergibt sich also keine signifikante Veränderung der Puls-
dauer der Harmonischen bei Einsatz des Mehrschichtspiegels.
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9 Kontrolle der kohärenten Anregung von
Neon im XUV-Bereich

9.1 Einführung

Die kohärente Anregung von mehreren atomaren oder molekularen Zuständen durch
breitbandige Kurzpulslichtquellen führt zu elektronischen Wellenpaketen. Diese können
im Rahmen von Anregungs-Nachweis-Experimenten präpariert und nachgewiesen wer-
den, wobei der Anregungspuls das Wellenpaket erzeugt und der Nachweispuls dieses in
einen Endzustand überführt, der von den zum Wellenpaket beitragenden Zwischenzu-
ständen erreicht werden kann. Bei diesem Nachweisschritt handelt es sich oýmals um
einen Ionisationsprozess, der es möglich macht, entweder Photoelektronen [85] oder Ionen
[153, 154] zu detektieren. Die beobachteten Wellenpaketschwingungen werden als quantum
beats bezeichnet. Zamith et al. haben anhand der 4s → 4p-Feinstrukturanregung von Kali-
umatomen gezeigt, dass zwei Modelle verwendet werden können, um die Dynamik dieser
Wellenpakete zu beschreiben [85]:

• Die Beschreibung mit Hilfe von stationären Zuständen verwendet eine LS-
gekoppelte Basis, um die zum Wellenpaket beitragenden elektronischen Zustände
darzustellen.

• Bei der Beschreibung mit dem dark-state/bright-state-Formalismus wird das Wel-
lenpaket durch eine Überlagerung von ungekoppelten Zuständen beschrieben, die
durch Linearkombinationen aus den gekoppelten Zuständen gebildet werden. Für
ein System von mehreren Valenzelektronen muss dieser einfache Formalismus er-
weitert werden. Man gelangt in diesem Fall zu so genannten Bell-Zuständen, mit de-
nen das Wellenpaket charakterisiert werden kann.

Der Unterschied beider Modelle ist in Kapitel 2.4 näher erläutert.
Nakajima verö×entlichte bereits 2004 ein generelles experimentelles Anregungs-

Nachweis-Schema, mit dem spinverschränkte Teilchen präpariert werden können [155].
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9.1 Einführung

Gilb et al. zeigen anhand der Rydberg-Anregung von atomarem Krypton, dass durch inte-
sive Laserfelder zahlreiche atomare Übergänge durch Stark-Verschiebung in Resonanz ge-
schoben werden können [153]. Aus den daraus resultierenden quantum beats wurden nach
Fourier-Transformation die einzelnen Rydberg-Niveaus identifiziert. Zusätzlich ließen sich
einzelne quantum beats vorher noch nicht beobachteten g-Zuständen von Krypton zuord-
nen [153]. Außerdem lassen sich durch Messung der Winkelverteilung der Photoelektronen
die zu einem Wellenpaket beitragenden verschränkten Basiswellenfunktionen direkt mes-
sen [154]. Bei den Experimenten von Gilb et al. [153, 154] kam als Anregungspuls ein La-
serstrahl der Wellenlänge 270 nm zum Einsatz. Da die Zwischenzustände mit einem nicht
resonanten Dreiphotonenprozess angeregt wurden, musste eine ausreichende Pulsenergie
verwendet werden. Dadurch wurden, abhängig von der Pulsenergie des Laserstrahls, die
atomaren Zustände bis zu 3000 cm−1 Stark-verschoben. Das führt dazu, dass innerhalb
der Bandbreite des Anregungslasers eine Vielzahl von atomaren Rydberg-Niveaus zu lie-
gen kommen. Aus diesem Grund besteht das Messsignal der Photoelektronenausbeute aus
einer Überlagerung von zahlreichen quantum beats. In den hier vorgestellten Experimen-
ten war keine hohe Laserintensität nötig, weil die Zwischenzustände mit einem Einpho-
tonenprozess angeregt wurden. Die Pulsenergie der 13. Harmonischen beträgt nur etwa
1 nJ (s. Kapitel 8.4). Dadurch können Stark-Verschiebungen der Zwischenzustände vermie-
den werden. Das führt wiederum dazu, dass nur die innerhalb der Bandbreite des Anre-
gungspulses liegenden Zustände angeregt werden. Chatel et al. haben durch die 5s → 5p-
Feinstrukturanregung von Rubidium-Atomen mit geformten Laserpulsen gezeigt, dass es
möglich ist, die initiale Phase des Wellenpakets zu kontrollieren [88]. Wellenpakete von
Alkalimetallen in der Gasphase wurden bisher unter Einsatz von FarbstoÝasern im Piko-
sekundenbereich [156–158] präpariert, aber auch durch Einphotonenionisation mit Fem-
tosekundenlasern [85, 88]. Die benötigten Photonenenergien lagen hierbei im sichtbaren
Spektralbereich. Wellenpakete in Krypton [153, 154] konnten mit Hilfe von Multiphoto-
nenanregung erzeugt werden. Die Wellenlänge der Fundamentalen lag dabei bei 270 nm,
die zugehörige Photonenenergie für einen Dreiphotonenprozess bei 13.8 eV.

Regt man Elektronen aus der 2p-Schale von Neon in höher liegende unbesetzte Orbi-
tale an, so kommt nach der Auswahlregel ∆l = ±1 grundsätzlich nur die Anregung in
ein s-Orbital oder d-Orbital infrage. Beachtet man zusätzlich noch die Kopplungen von
Valenzelektronen und Rydberg-Elektron, so führt dies zu den in Abbildung 9.1 gezeigten
Rydberg-Serien. In Übereinstimmung mit der Auswahlregel für Dipolanregung konvergie-
ren drei Serien zum ionischen 2P3/2-Kontinuum und zwei zum 2P1/2-Kontinuum [159]. In
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2s22p6 (1S0)
ħω
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o
1
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o
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nd [32]
o
1

2s22p5 (2P1/2) ns [12]
o
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o
1

Abbildung 9.1: Rydberg-Serien von Neon, die unter Beachtung der Auswahlregeln für Dipolanregung aus
dem Grundzustand 1S0 erreichbar sind.

den in Abbildung 9.1 gezeigten Rydberg-Serien wird das JcK-Kopplungsschema verwen-
det [76, 160, 161]. Dabei wird der Tatsache Rechnung getragen, dass das äußere Rydberg-
Elektron nur noch schwach an den ionischen Rumpf koppelt und deswegen die Spinbahn-
wechselwirkung der Rumpfelektronen überwiegt. DieRussell-Saunders- oder LS-Kopplung
wird dahingehend erweitert, dass zuerst Bahn- und Spindrehimpuls des Rumpfes zu einem
Gesamtrumpfdrehimpuls Jc gekoppelt werden. Dieser wird schließlich mit demBahndreh-
impuls des Rydberg-Elektrons zur Quantenzahl K gekoppelt und anschließend noch mit
dem Spindrehimpuls des Rydberg-Elektrons zumGesamtdrehimpuls J [162]. Dieser Kopp-
lungsmechanismus ist in Kapitel 2.3.1 auf Seite 32 näher beschrieben.

Die Ionisationspotentiale liegen bei 173929.6±0.2 cm−1 oder 21.56 eV für das 2P3/2-
Kontinuum und 174709.8±0.2 cm−1 oder 21.66 eV für das 2P1/2-Kontinuum [159]. Die An-
regung der 2p → 3d-Feinstrukturniveaus in Neon durch einen Einphotonenprozess macht
es zum einen nötig, die Erzeugung des XUV-Kurzpulses ins Vakuum zu verlegen, anderer-
seits wird die Absolutenergie zur Erzeugungen eines Wellenpakets verglichen mit früheren
Experimenten [85, 88, 153, 154, 157, 158] mit 20.04 eV weiter in den XUV-Bereich verscho-
ben.

Wie Abbildung 9.1 zeigt, besitzt Neon mit der Rumpfkonfiguration 2s22p5 fünf ver-
schiedene Rydberg-Serien [159]. In Abbildung 9.2 ist die Bandbreite der 13. Harmonischen
von 804 nm gezeigt. Man sieht außerdem, dass zwei Zustände aus diesen fünf Rydberg-
Serien innerhalb der Bandbreite der 13. Harmonischen liegen. Sie stellen Feinstrukturni-
veaus des Übergangs 2s2p6 → 2s2p53d dar, gehören allerdings nach dem in Gleichung
2.18 vorgestellten JcK-Kopplungsschema zu unterschiedlichenRydberg-Serien, obwohl bei-
de den gleichen 2P3/2-Rumpýerm besitzen. Die Übergänge liegen bei ν̃ = 161524.19 cm−1

und ν̃ = 161636.64 cm−1 und da beide innerhalb der Bandbreite der 13. Harmonischen lie-
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Abbildung 9.2: Bandbreite der 13. Harmonischen, berechnet nach Gleichung 2.12. Die Unsicherheit der
Bandbreite ist durch den schattierten Bereich angegeben. Sie ergibt sich vor allem aus der Unsicher-
heit der Pulsdauer der 13. Harmonischen und wird aus Kreuzkorrelationsmessungen auf 60 ± 5 fs be-
stimmt. Innerhalb der 13. Harmonischen liegen zwei Rydberg-Resonanzen. Sie gehören zu den Übergän-
gen 2s22p6 → 2s22p5(2P3/2) 3d[12] (A) und 2s22p6 → 2s22p5(2P3/2) 3d[32] (B). Der Übergang 2s22p6 →
2s22p5(2P1/2) 3d[32], der nicht mehr innerhalb der Bandbreite der 13. Harmonischen liegt, ist auch gezeigt
(C).

gen, können sie durch den XUV-Puls kohärent angeregt werden. Außerdem gehören die
Übergänge zu Rydberg-Serien, die zum selben ionischen Kontinuum konvergieren, wie aus
Abbildung 9.1 ersichtlich ist. Abbildung 9.3 zeigt das Anregungsschema. Es wird vor al-
len Dingen deutlich, dass die Aufspaltung der im XUV-Puls liegenden Rydberg-Zustände
sehr klein ist im Vergleich zum energetischen Unterschied von ionischem 2P3/2- und 2P1/2-
Kontinuum. Da für Dipolübergänge die Auswahlregel ∆l = ±1 nur für Einphotonenan-
regung gilt [76, 163], sind für ein Elektron aus einem p-Orbital von Neon grundsätzlich
nur Anregungen in höhere s- oder d-Orbitale möglich. Diese Auswahlregel gilt im Fall
von Multiphotonenanregung nicht mehr. Hier sind auch Anregungen in höhere f - oder
g-Orbitale vorstellbar. Dies schränkt die Präparation eines Wellenpakets im Vergleich mit
der Multiphotonenanregung zusätzlich ein [153, 154].

Rydberg-Anregung von Edelgasen mit Hilfe von Höheren Harmonischen im XUV-
Bereich ist von Strasser et al. experimentell untersucht worden [164]. Dort handelte es
sich um eine 1s → 3p-Anregung in Helium mit der 15. Harmonischen eines 805-nm-
Laserpulses. Allerdings zeigt Neon in diesem Bereich keine dicht beieinander liegenden
Feinstrukturniveaus, so dass hier kein Wellenpaket erzeugt werden kann. Im Folgenden
wird gezeigt, dass im Fall von Neon die in Abbildung 9.2 gezeigten Rydberg-Linien kohä-
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Abbildung 9.3: Anregungsschema von Neon. Der XUV-Puls der 13. Harmonischen regt zwei Rydberg-
Zustände unterschiedlicher Rydberg-Serien kohärent an. Beide Zustände liegen innerhalb der Bandbrei-
te des XUV-Pulses, die durch das blaue Gauß-Profil gezeigt wird. Diese Zustände können durch einen
nachfolgenden 804-nm-Laserpuls ionisiert werden. Durch die Photonenenergie des 804-nm-Pulses von
1.54 ± 0.01 eV kann nur das ionische 2P3/2-Kontinuum erreicht werden.

rent angeregt werden können.

9.2 Experimentelle Ergebnisse

9.2.1 Die Erzeugung eines Rydberg-Wellenpakets in Neon

durch die 13. Harmonische von 804 nm

Abbildung 9.4 zeigt zwei Photoelektronenspektren von Neon für t < t0 und t > t0. Das
zusätzliche Photoelektronensignal in der schwarzen Kurve kommt durch Anregung des
Wellenpakets mit der 13. Harmonischen und anschießender Ionisation durch 804-nm-La-
serlicht zustande (s. Abbildung 9.3). In Abbildung 9.5 ist das integrierte Anregungs-Nach-
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Abbildung 9.4: Photoelektronenspektrum von Neon für t < t0 (rot) und t > t0 (schwarz). Die Photoelek-
tronen des Anregungs-Nachweis-Signals sind um 1.54 eV bezüglich der direkten Photoionisation durch
die 15. Harmonische erniedrigt und erscheinen dadurch als zusätzliches Signal bei längeren Flugzeiten.

weis-Photoelektronensignal als Funktion der Verzögerungszeit beider Lichtpulse zu sehen.
Die Messungen wurden bei einem sehr niedrigen Neondruck (pNe < 5× 10−6 mbar) durch-
geführt. Der Grund dafür ist, dass innerhalb der Bandbreite der 13. Harmonischen die zu
untersuchende Rydberg-Resonanz von Neon liegt. Wählt man den Druck zu hoch, dann
kommt es infolge der resonanten Wechselwirkung mit den in Abbildung 9.2 gezeigten Ne-
onresonanzen zu einer Pulsformung der Harmonischen. Als Folge davon oszilliert das zeit-
abhängige Anregungs-Nachweis-Photoelektronensignal und fällt schneller ab als aus der
Lebensdauer des Rydberg-Zustandes erwartet. Darauf wird später in Kapitel 9.2.2 noch nä-
her eingegangen.
Die natürlichen Lebensdauern der zwei zum Rydberg-Wellenpaket beitragenden Zustän-

de lassen sich aus den Übergangswahrscheinlichkeiten berechnen und betragen für den
[12]-Term 30.3 ns und für den [32]-Term 10.8 ns [165]. Sie liegen damit um zwei Größenord-
nungen höher als der Messbereich von etwa 110 ps. Ein Abfall aufgrund von Fluoreszenz
des angeregten Neons spielt deswegen keine Rolle. Es wird vielmehr eine Stufenfunktion
beobachtet, welche durch die Pulsdauer der beiden Lichtpulse gaußverbreitert ist und der
für Zeiten t > t0 außerdem die Schwingung des Rydberg-Wellenpakets überlagert ist.
Die Schwingung des Rydberg-Wellenpakets ist leicht gedämpý und läßt sich durch die

Funktion
I(t) = I0 ⋅ e−Γ(t−t0) + A ⋅ (1 − t − t0

tc
) ⋅ cos (ω (t − t0) + φ0) (9.1)

beschreiben. Der Dämpfungsterm aus Gleichung 9.1 beschreibt den Abfall der Anregung
aufgrund der natürlichen Lebensdauer des angeregten Zustands. Da diese Zeitkonstante im
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Abbildung 9.5: 100 ps-Zeitscan von Neon. a: Anregung des Rydberg-Wellenpakets mit anschließender Io-
nisation. Das Rydberg-Wellenpaket bleibt über die gesamten 100 ps erhalten und erfährt nur eine leichte
Dämpfung. Die gestrichelten Linien zeigen die gedämpýe Amplitude der Schwingung an. Die durchgezo-
gene Liniemarkiert den Schwerpunkt der Schwingung. Der Neondruck in der Kammer ist so niedrig, dass
resonante Filtere×ekte vermieden werden. b: Zwei Zeitbereiche des oben gezeigten Zeitscans. Zusätzlich
ist der gedämpýe Sinusfit des Wellenpakets als schwarze Linie gezeigt.

Bereich 10 ns liegt, spielt sie für den Messbereich in diesen Experimenten von etwa 100 ps
keine Rolle. tc bezeichnet die Kohärenzzeit, eine Anpassung der Funktion aus Gleichung
9.1 ergibt etwa 250 ps. Der Abfall der Kohärenz ist in Abbildung 9.5 oben als gestrichelte
Linie gezeigt.

In tc fließen allerdings auch alle Faktoren ein, die zur Eliminierung des Wellenpakets
beitragen, wie zumBeispiel Stoßdeaktivierung oder das Herausfliegen der angeregten Neo-
natome aus dem Interaktionsvolumens des Lasers, aber auch experimentelle Beschränkun-
gen. Auch die natürliche Lebensdauer findet sich wieder im Wert für tc, sollte aber aus oben
genannten Gründen keine Rolle spielen.
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Der Schwingungsterm aus Gleichung 9.1 stimmt über den gesamten Messbereich von
100 ps mit den Messwerten überein. Exemplarisch sind in Abbildung 9.5 unten zwei Aus-
schnitte aus dem Wellenpaket kurz nach ihrer Anregung sowie gegen Ende der Messung
gezeigt. Man sieht, dass die gedämpýe Sinusfunktion die Messwerte ohne Phasenversatz
über den kompletten Messbereich beschreibt.
Für die Kreisfrequenz ω erhält man einen Wert von 2.12256 s−1. Daraus lässt sich mit

Hilfe von
E = ħω (9.2)

eine Energiedi×erenz der beiden Zustände von 112.68±0.2 cm−1 berechnen, wobei der Feh-
ler aus der Unsicherheit der Kalibrierung der optischen Verzögerungseinheit (s. Kapitel 8.1)
bestimmt wird. Dieser Wert liegt erstaunlich nahe an dem Wert von 112.44 cm−1, der aus
den spektroskopisch bestimmten Literaturwerten ermittelt wurde und weicht nur um etwa
30 µeV davon ab [159].
Das gleiche Ergebnis erhält man, wenn man die in Abbildung 9.5 gezeigte Oszillation

fouriertransformiert. Das Ergebnis der Fourier-Transformation ist in Abbildung 9.6 gezeigt
und ergibt eine Frequenz von 3.379 ± 0.0045 THz, was einer energetischen Separierung
von 112.70 ± 0.15 cm−1 der am Wellenpaket beteiligten Zustände entspricht. Die Unsicher-
heit hängt dabei im Wesentlichen von der Auflösung der Fourier-Transformation ab [122].
Dieser Wert ist konsistent zum Ergebnis, welches durch Anpassen von Gleichung 9.1 an die
experimentellen Werte erhalten wird. Die Abweichung von 30 µeV liegt somit innerhalb
der Auflösung der Fourier-Transformation.
Der Kontrast C der Oszillationen des Wellenpakets wird durch die Gleichung

C = 2 ⋅ Pmax − Pmin

Pmax + Pmin
(9.3)

beschrieben, mit Pmax = I⋆0 + A und Pmin = I⋆0 − A, I⋆0 = I0 − It<t0 , hier ist It<t0 das Unter-
grundsignal. Es ergibt sich ein Kontrast von C = 0.50±0.01, der maximal erreichbareWert
ist C = 2 und wird für Pmin = 0 erreicht.

Gekoppelte Zustände

Durch den XUV-Puls wird ein 2p-Elektron des Neon in ein 3d-Orbital angeregt. Dadurch
ergibt sich eine Elektronenkonfiguration von 2p53d. Abbildung 9.7 zeigt das Termsche-
ma, das sich aus einer solchen Elektronenkonfiguration ableitet. Befolgt man die Auswahl-
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Abbildung 9.6: Fourier-Transformation des in in Abbildung 9.5 gezeigten Wellenpakets. Die Auflösung der
Fourier-Transformation beträgt 0.3 cm−1.

regeln für Dipolübergänge strikt, dann kann durch einen Einphotonenübergang nur der
1P-Zustand vom 1S0-Grundzustand des Neon angeregt werden. Die zum Wellenpaket bei-

2P

(2P) 1P

(2P) 3P

(2P) 3D

(2P) 1D

(2P) 3F

(2P) 1F

J = 3
012

123

2

1
432

WWpp WWpd+ + WWLS

Abbildung 9.7: Termschema von angeregtem Neon mit der Elektronenkonfiguration 2p53d 1 unter reinen
LS-Kopplungsbedingungen. Die Termenergien geben nur eine schematische Abfolge wieder. WWpp be-
schreibt die Bahndrehimpulskopplung der Elektronen des ionischen Rumpfes, WWpd die Kopplung des
Bahndrehimpulses des angeregten Elektrons mit dem Rumpýerm undWWLS die Feinstrukturaufspaltung
infolge der Kopplung des Gesamtspindrehimpulses.
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tragenden Zustände lassen sich deswegen gut als Linearkombinationen der einzelnen in
Abbildung 9.7 gezeigten Zustände beschreiben. Da für Rydberg-Zustände die Wechselwir-
kung des angeregten Elektrons mit den inneren Elektronen schwächer wird, überwiegt die
Spinbahnwechselwirkung der inneren Elektronen [166]. Zur gleichen Zeit wird auch die
Spinbahnwechselwirkung des angeregten Elektrons reduziert, die etwamit (nl)−3 abnimmt
[167]. Aus diesemGrund ist die elektrostatischeWechselwirkung der Bahndrehimpulse l1 l2
der zweitstärkste Beitrag. Unter diesen Annahmen gelangt man zum Kopplungsschema

{[(l1, s1) Jc , l2]K , s2} J , (9.4)

das auch JcK-Kopplungsschema genannt wird (siehe auch Erläuterungen zum Kopplungs-
schema auf Seite 32) [166]. Auch Baig undConnerade verwenden dieses Kopplungsschema,
um hochaufgelöste Absorptionsspektren von Neon zu erklären [159]. Wendet man diese
Kopplung auf die Elektronenkonfiguration 2p53d von Neon an, dann gelangt man zu den
Zuständen 32[32]1 und 32[12]1.

Diese Zustände lassen sich durch unitärer Matrizen von der JcK-Basis in eine LS-Basis
transformieren. Der umgekehrte Fall, d. h. eine Transformation des Grundzustandes 1S0 in
eine JcK-Darstellung, ist aus physikalischer Sicht sinnlos. Diese Matrix lässt sich mit Hilfe
von 6- j-Symbolen berechnen:

ULS ,JcK ≡ ⟨[(l1, l2) L, (s1, s2) S] J ∣ [(l1s1) Jc , l2]K , s2, J⟩

= (−1)s2+J−l2−Jc [L, S , Jc ,K]
1
2

⎧⎪⎪
⎨
⎪⎪⎩

L s1 K
s2 J S

⎫⎪⎪
⎬
⎪⎪⎭

⎧⎪⎪
⎨
⎪⎪⎩

l2 l1 L
s1 K Jc

⎫⎪⎪
⎬
⎪⎪⎭

(9.5)

Mit diesem Verfahren lassen sich die Zustände 32[12]1 und 32[32]1 in einer LS-Basis entwickeln
und man gelangt auf diese Weise zu folgender Matrix:

32[12]1 32[32]1 12[32]1

3P1

1P1

3D1

⎛
⎜
⎜
⎜
⎜
⎝

−
√

6
3

√

6
6

√

6
6

√

3
3

√

3
3

√

3
3

0 −
√

2
2

√

2
2

⎞
⎟
⎟
⎟
⎟
⎠

(9.6)

Der Zustand 12[32]1 wurde hierbei auch mit aufgenommen, umdieOrthonormalität in beide
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Entwicklungsrichtungen zu gewährleisten. Damit ergibt sich

32[12]1 = −
√

6
6

3P1 +
√

3
3

1P1 und 32[32]1 =
√

6
6

3P1 +
√

3
3

1P1 −
√

2
2

3D1. (9.7)

Da für die optische Anregung eines 2p-Elektrons in ein 3d-Orbital die Dipolauswahl-
regeln zu berücksichtigen sind, müssen die Zwischenzustände mit der in Gleichung 9.6
gezeigten Matrix transformiert werden. Vom Neon-Grundzustand 1S0 kann deswegen nur
der 1P1-Zustand erreicht werden, der unter derAnnahme, dass keineMischungmit benach-
barten Zuständen auýritt, Teil jeder der drei Linearkombinationen ist. Diese Annahme ist
gerechtfertigt, da die Quantendefekte für eine (2P3/2) 3d-Anregung vernachlässigbar klein
sind [159]. Der 12[32]1-Zustand liegt allerdings bei einer Energie von 20.1394 eV [159] und
kann deswegen nicht angeregt werden.

Da nur die Anregung in den 1P1-Zustand erlaubt ist, sind die Übergangsdipolmomente
vom Grundzustand in die Zustände 32[12]1 und 32[32]1 gleich und lassen sich wie folgt be-
rechnen:

µkg = ⟨Ψk ∣ µ̂ ∣ Ψg⟩

= ⟨(2P 3
2
(L1 = 1, S1 = 1, Jc = 3

2))
1P1 (L = 1, S = 0, l = 2, J = 0) ∣ P(1) ∣

1S0 (L′ = 0, S′ = 0, l ′ = 1, J′ = 0) ⟩

= δSS′ (−1)S+J′−L1−l ′
√

[J][J′][L][L′]
⎧⎪⎪
⎨
⎪⎪⎩

L J S
J′ L′ 1

⎫⎪⎪
⎬
⎪⎪⎭

⎧⎪⎪
⎨
⎪⎪⎩

l L L1

L′ l ′ 1

⎫⎪⎪
⎬
⎪⎪⎭

P.

(9.8)

Hier ist Ψg die Wellenfunktion des Grundzustands, Ψk die des Zwischenzustands, µ̂ der
Dipoloperator und P(1) der dazugehörige nicht reduzierbare Tensor [161, 166]. Weiterhin
gilt [X] = 2X + 1 und P ist das in Gleichung 9.9 definierte reduzierte Matrixelement [168]

P = ⟨nl ∣ µ̂ ∣ n′ l ′⟩

= (−1)l
√

[l][l ′]
⎛

⎝

l 1 l ′

0 0 0
⎞

⎠ ∫
∞

0
(−er)Rl(r)Rl ′(r)r2 dr

= δl ′ l±1 (−1)l+l>
√
l> ∫ ∞

0
(−er)Rl(r)Rl ′(r)r2 dr.

(9.9)

Hier sind Rl(r) und Rl ′(r) die radialen Einelektronenwellenfunktionen des angeregten
Elektrons vor bzw. nach der optischen Anregung, welche in Abbildung 9.8 gezeigt sind,
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9.2 Experimentelle Ergebnisse

und l> ist das größere von l und l ′.
Die Auswahlregeln für Dipolübergänge sind hier schon berücksichtigt. So drückt δl ′ l±1

die bekannte Auswahlregel ∆l = ±1 aus und leitet sich aus dem 3- j-Symbol ab, ∆S = 0 wird
im Kronecker-Delta aus Gleichung 9.8 zum Ausdruck gebracht. Eine weitere Auswahlregel
∆J = 0,±1 (J = J′ = 0 nicht erlaubt) steckt im 6- j-Symbol der Gleichung 9.8. Für die
Neonanregung 2p6 → 2p53d erhält man auf diese Weise

µ = −0.812 ⋅ P = −1.25 a.u. (9.10)

Das angeregte 3d-Elektron geht durch Einphotonenionisation entweder in einen p-
oder f -Kontinuumszustand über. Berücksichtigt man die Auswahlregeln ∆l = ±1 und
∆J = 0,±1, dann gelangt man zu den in Abbildung 9.9 gezeigten erlaubten Übergängen.

Die Dipolmatrixelemente dieser Übergänge können, ähnlich wie für den Anregung
durch den XUV-Puls, mit

µJcK = ⟨LSJc , lK , sJ ∣ P(1) ∣ LSJ′c , l ′K′, sJ′⟩

= δJc J′c (−1)s+J′−Jc−l ′
√

[J][J′][K][K′]

⎧⎪⎪
⎨
⎪⎪⎩

K J s
J′ K′ 1

⎫⎪⎪
⎬
⎪⎪⎭

⎧⎪⎪
⎨
⎪⎪⎩

l K Jc
K′ l ′ 1

⎫⎪⎪
⎬
⎪⎪⎭

P
(9.11)

berechnet werden. Die Wellenfunktionen sind hier durch die relevanten Quantenzahlen

1.0

0.5

0.0

P(
n,
l)

20151050
r / a.u.

 2p
 3s
 3d

 

 2p

Abbildung 9.8: Radiale Hartree-Fock-Wellenfunktionen von angeregtem Neon (aus [159]). Die gestri-
chelte Kurve gibt die Grundzustandswellenfunktion als Slater-Orbital an und wird mit Ψ2p(ξ2p , r) =
(ξ52p/π)1/2 re−ξ2p r berechnet [169] mit ξ2p = 2.8792 [170].
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Abbildung 9.9: Ionisation der Zustände 32[32]1 und 32[12]1 in die erlaubten Kontinuumszustände. Da für Di-
polübergänge allgemein ∆l = ±1 gilt, sind nur p- und f -Kontinuumszustände erreichbar.

definiert. P ist das reduzierte Matrixelement aus Gleichung 9.9, allerdings sind hier die
Kontinuumswellenfunktionen zu verwenden. Diese haben die Form

Rl(r) = cos (qr + δl(r)) r. (9.12)

q ist der Wellenvektor des freien Elektrons und δl(r) die Phasenverschiebung des Elektrons
imCoulomb-FeldV(r) = − Z−N+1

r des Ions (Z: Ladung des Kerns,N : Anzahl der Elektronen
inklusive des freien Elektrons). Mit Hilfe der WKB-Näherung lässt sich δl einfach berech-
nen [171]:

δl = lim
r→∞ ∫ r

r1

¿
Á
ÁÀ

q2 −
(l + 1

2)
2

r′2
− 2V(r)dr′ − qr + (l + 1

2
)
π
2

. (9.13)

Da die Kontinuumswellenfunktionen von der kinetischen Energie des Elektrons abhängen,
weichen die Funktionen Rεp(r) und Rε f (r) für die Zwischenzustände 32[12]1 und 32[32]1 für
sehr große Radien leicht voneinander ab. In Abbildung 9.10 sind Rεp(r) und Rε f (r) für die
Ionisation aus 32[32]1 gezeigt. q2 beträgt 1.278 × 10−3 a.u. für 32[32]1 und 1.278 × 10−3 a.u. für
32[12]1. Da unabhängig vom der Kontinuumswellenfunktion das Integral aus Gleichung 9.9
den gleichen Wert hat, ist das Verhältnis der reduziertenDipolmatrixelemente für l = 1 und
l = 3 gleich −

√

3
√

2 . Auf dieseWeise lassen sich für alle in Abbildung 9.9 gezeigten Übergänge
die dazugehörigen Dipolmatrixelemente berechnen. Unter der Annahme, dass die Polari-
sationen vonAnregungs- und Ionisationspuls gleich sind, kommt man zu den in Tabelle 9.1
gezeigten Werten. Aus diesen Übergangsdipolmatrixelementen kann mit Gleichung 2.40
das Wellenpaket simuliert werden. Ist ∣g⟩ = 1S0, ∣a⟩ = 32[12]1, ∣b⟩ = 32[32]1 und ∣ fi⟩ gleich den
in Abbildung 9.9 gezeigten Kontinuumszuständen, dann erhält man mit µag = µbg (vgl.
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Abbildung 9.10: Rεp(r) (schwarz) und Rε f (r) (rot) für die Ionisation von Ne 2P3/2 3d [32]1 durch ein
804 nm-Photon. Die Wellenfunktionen für die Ionisation von Ne 2P3/2 3d [12]1 weichen erst für r > 100 a.u.
signifikant von den gezeigten ab.

Gleichung 9.10)

P(τ) ∝∑
i
µ2
f ia +∑

i
µ2
f ib + 2∑

i
µ f iaµ f ib cos(∆ωτ). (9.14)

Daraus lässt sich der Kontrast nach Gleichung 9.3 berechnen:

C = 4 ⋅ ∑i µ f iaµ f ib
∑i µ2

f ia + µ2
f ib

(9.15)

Wie man aus Gleichung 9.15 sieht, hängt der Kontrast des Wellenpakets im Wesentlichen
von dem Verhältnis der Produkte zwischen nicht diagonalen und diagonalen Elementen
der Übergangsdipolmatrix ab [85].

Bildet man die Summe der Produkte der Nichtdiagonalelemente für das εp- und das
ε f -Kontinuum – das entspricht dem Zähler aus Gleichung 9.15 – so erhält man

11.83 ⋅ 11.83 + 8.37 ⋅ (−16.74) + (−14.97) ⋅ (−3.74) + (−6.70) ⋅ 8.40 + 5.02 ⋅ 0 ≈ 0

(−11.22) ⋅ 11.22 + (−5.02) ⋅ (−25.1) + (−24.6) ⋅ 0 ≈ 0
(9.16)

Es sollte deswegen eigentlich kein Wellenpaket beobachtet werden, da die Beiträge der ein-
zelnen Kanäle (∆J = 0,±1) destruktiv interferieren. Allerdings stellt man fest, dass durch
Absorptionsprozesse Übergänge mit ∆J = +1 bevorzugt werden [85], wie auch Übergänge
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9 Kontrolle der kohärenten Anregung von Neon im XUV-Bereich

Tabelle 9.1: Übergangsdipolmatrixelemente in a.u. für die in Abbildung 9.9 gezeigten Übergänge. Eine 0
bedeutet, dass der Übergang aufgrund einer der beiden Auswahlregeln ∆J = 0,±1 oder ∆K = 0,±1 ver-
boten ist.

∆l = −1 ∆l = +1

[12]0,1 [32]1,2 [52]2 [32]1,2 [52]2

∆J = −1
[32]1 11.83 0 0 0 0

[12]1 11.83 0 0 0 0

∆J = 0
[32]1 8.37 –14.97 0 –11.22 0

[12]1 –16.74 –3.74 0 11.22 0

∆J = +1
[32]1 0 –6.70 5.02 –5.02 –24.6

[12]1 0 8.40 0 –25.1 0

mit ∆l = +1 [172, 173]. Auch Zamith weist darauf hin, dass durch die Bevorzugung von
J → J + 1-Prozessen der Kontrast des Wellenpakets beeinflusst werden kann [85]. Aus Ta-
belle 9.1 wird deutlich, dass nur für den Fall ∆J = 0,+1 eine Anregung in das ε f -Kontinuum
erfolgen kann. Ein Ionisationsprozess nach dem Schema J → J + 1 verstärkt also den E×ekt,
der aufgrund einer Bevorzugung eines l → l + 1-Prozesses zu erwarten ist. Geht man von
einer strikten Einhaltung der Vorzugsregel J → J + 1 aus, dann wird für das ε f -Kontinuum
ein Kontrast von 0.40 gefunden und für das εp-Kontinuum ein Wert von 1.6. Diese Annah-
me ist gerechtfertigt, da es, wie in Gleichung 9.16 gezeigt, ohne diese Regel zu einer Aus-
löschung des Wellenpakets kommt. Der experimentell beobachtete Kontrast von C = 0.50
(s. Seite 101) kann deswegen nur durch eine Abschwächung der Vorzugsregel l → l + 1 er-
klärt werden. Um einen Kontrast von 0.5 einzustellen, muss der Quotient der Ionisations-
querschnitte in die zwei Kontinua 0.917 betragen. Natürlich wird der gemessene Kontrast
des Wellenpakets auch durch experimentelle Beschränkungen vermindert. Da aber durch
die Ionisation eine Zunahme des Kontrasts eintritt, kann der Beitrag des εp-Kontinuums
(1 − 0.917 = 0.083 = 8.3%) nur als untere Grenze angesehen werden.

Nach Grütter et al. zeigen 3s-Zustände Quantendefekte und mischen mit benachbarten
Zuständen [174]. Für eine (2P3/2) 3d-Anregung können jedoch E×ekte, die den Kontrast des
Wellenpakets beeinflussen, vernachlässigt werden, da die Quantendefekte äußerst gering
sind und deswegen eine Zustandsmischungweitgehend ausgeschlossen werden kann [159].
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Durch die selektive Erzeugung eines Wellenpakets durch kohärente Anregung von zwei
Quantenzuständen ist es daher möglich, nach Bestimmung des Kontrasts dieses Wellenpa-
kets die relative QuanteneÚzienz der nachfolgenden Ionisation in unterschiedliche elek-
tronische Kontinua zu ermitteln. Dadurch kann auf einfacheWeise die Gültigkeit von Vor-
zugsregeln, die den Ionisationsschritt beeinflussen, überprüý werden.

Ungekoppelte Zustände

Da der Ausgangszustand vor Anregung des Wellenpakets ein 1S0-Zustand ist, sind der
Rumpf Jc und das angeregte Rydberg-Elektron verschränkt [154]. Die j j-Kopplung stellt
eine geeignete Basis dar, um eine solche Situation zu beschreiben, da hier eine Kopplung
zwischen Elektron und Rumpf vermieden wird und deswegen die relative Orientierung
des Elektrons in Bezug auf den Rumpf hervorgehoben wird. Dadurch wird es möglich,
das System durch eine kohärente Überlagerung von verschränkten Basisfunktionen zu be-
schreiben [153, 154]. Das geht über die Situation bei den Alkalimetallen hinaus, bei denen
zwar auch eine kohärente Anregung mehrerer Zustände stattfinden kann, aber keine Kor-
relation zwischen Elektronenspin und Rumpf auýritt [83–85]. Im Folgenden soll gezeigt
werden, wie eine Beschreibung des Wellenpakets in Bell-Zuständen die Phase des Wellen-
pakets richtig voraussagen kann. Aus den Bell-Zuständen kann auch ein Ausblick gegeben
werden, wie sich die Beiträge der einzelnen Zustände in der Winkelverteilung der Photo-
elektronen widerspiegelt.

Für eine Einphotonenanregung eines 1S0-Zustands gilt ∆J = +1 (J′ = 0) und M = 0.
Damit kann die Wellenfunktion des angeregten Zustandes

∣Ψ3/2(t)⟩ = sin α ∣2P3/2 d3/2; J = 1,M = 0⟩ + cos α ∣2P3/2 d5/2; J = 1,M = 0⟩ e−i(∆ωt+φ) (9.17)

geschrieben werden. α ist der Mischungswinkel der beiden Zustände. Mit Hilfe derGlebsch-
Gordon-KoeÚzienten [167]

⟨ jc jemcme ∣ jc je JM⟩ = (−1) jc− je+M
√

[J]
⎛

⎝

jc je J
mc me M

⎞

⎠
(9.18)
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und unter Beachtung der Symmetriebedingung für Wigner-3 j-Symbole [76]

⎛

⎝

j1 j2 j3
−m1 −m2 −m3

⎞

⎠
= (−1) j1+ j2+ j3

⎛

⎝

j1 j2 j3
m1 m2 m3

⎞

⎠
(9.19)

lässt sich diese Darstellung transformieren. Man erhält

∣2P3/2 d3/2; J = 1,M = 0⟩ = 3
2
√

5 (∣
32 32 32 −32⟩ + ∣32 32 −32 32⟩)

− 1
2
√

5 (∣
32 32 12 −12⟩ + ∣32 32 −12 12⟩)

∣2P3/2 d5/2; J = 1,M = 0⟩ =
√

1
5 (∣32 52 32 −32⟩ − ∣32 52 −32 32⟩)

+
√

3
10 (− ∣32 52 12 −12⟩ + ∣32 52 −12 12⟩)

(9.20)

und nach Entkopplung von ∣ je me⟩ zu ∣l ml s ms⟩

∣2P3/2 d3/2; J = 1,M = 0⟩ = 3
2
√

5 (∣
32 ↑ d−2⟩ + ∣−32 ↓ d2⟩)

− 1
2
√

5 (∣
12 ↓ d0⟩ + ∣−12 ↑ d0⟩)

∣2P3/2 d5/2; J = 1,M = 0⟩ =
√

1
5 (∣32 ↑ d−2⟩ − ∣−32 ↓ d2⟩)

+
√

3
10 (− ∣12 ↓ d0⟩ + ∣−12 ↑ d0⟩) .

(9.21)

Die in Gleichung 9.21 gezeigten Zustände in den Klammern werden auch Bell-Zustände
genannt. Drückt man sie in einer orthonormierten Basis aus, die die parallele und antipar-
allele Orientierung zwischen Elektronenspin und Drehimpuls des Rumpfs widerspiegelt,
kommt man jeweils zu folgenden Basiszuständen:

∣Γ0
↑↑
⟩ = 1

√

2
(∣32 ↑ d−2⟩ + ∣−32 ↓ d2⟩)

∣Γ1
↑↑
⟩ = 1

√

2
(−∣32 ↑ d−2⟩ + ∣−32 ↓ d2⟩)

∣Γ0
↓↑
⟩ = 1

√

2
(∣12 ↓ d0⟩ + ∣−12 ↑ d0⟩)

∣Γ1
↓↑
⟩ = 1

√

2
(−∣12 ↓ d0⟩ + ∣−12 ↑ d0⟩)

(9.22)
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Für Gleichung 9.21 lässt sich dann auch schreiben

∣2P3/2 d3/2; J = 1,M = 0⟩ =
√

1
10 (3 ∣Γ0

↑↑
⟩ − ∣Γ0

↓↑
⟩)

∣2P3/2 d5/2; J = 1,M = 0⟩ =
√

2
5 (− ∣Γ1

↑↑
⟩ +

√
3
2 ∣Γ

1
↓↑
⟩) .

(9.23)

Die JcK-Zwischenzustände können ähnlich der auf Seite 103 gezeigten Transformation mit
der folgenden Matrix in eine j j-Basis transformiert werden:

[32 , 52] [32 , 32]

32[12]

32[32]

⎛
⎜
⎝

2
√

5 − 1
√

5
1
√

5
2
√

5

⎞
⎟
⎠

(9.24)

Kombiniert man diese KoeÚzienten mit den j j-Zuständen aus Gleichung 9.23, dann ge-
langt man zu

32[12]1 =
√

2
5 [2 (− ∣Γ1

↑↑
⟩ +

√

3
2 ∣Γ1

↓↑
⟩) − 1

2 (3 ∣Γ
0
↑↑
⟩ − ∣Γ0

↓↑
⟩)]

32[32]1 =
√

2
5 [(− ∣Γ1

↑↑
⟩ +

√

3
2 ∣Γ1

↓↑
⟩) + (3 ∣Γ0

↑↑
⟩ − ∣Γ0

↓↑
⟩)] .

(9.25)

Diese Zustände müssen weiterhin so transformiert werden, dass eine kohärente Anregung
beschrieben werden kann [84–86, 88, 154]. Dadurch gelangt man zu

∣k⟩ = cos α ∣ 32[12]1⟩ + sin α ∣ 32[32]1⟩

∣k′⟩ = − sin α ∣ 32[32]1⟩ + sin α ∣ 32[12]1⟩ .
(9.26)

Hier ist α der Mischungswinkel der Zustände 32[32]1 und 32[12]1, der zweckmäßigerweise so
definiert ist, dass

tan α =
µbg
µag

, (9.27)

wobei µbg und µag die Übergangsdipolmomente in die beiden Zustände sind [84, 85, 154].
Nach Zamith et al. ergibt sich die zeitliche Entwicklung des Wellenpaketes dann durch [84,
85]

∣Ψ3/2(t)⟩ = e−i Hħ t ∣k⟩ . (9.28)

Da die Übergangsdipolmomente in die beiden Zustände gleich sind (s. Gleichung 9.10),
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wird tan α = 1, α = π
4 und sin α = cos α = 1

√

2 . Zusammen mit Gleichung 9.25 lässt sich dann
schreiben

5 ∣Ψ3/2(t)⟩ = − (2 + e−i(∆ωt)) ∣Γ1
↑↑
⟩ +

√
3
2 (2 + e

−i(∆ωt)) ∣Γ1
↓↑
⟩

+ 3 (− 1
2 + e

−i(∆ωt)) ∣Γ0
↑↑
⟩ − (− 1

2 + e
−i(∆ωt)) ∣Γ0

↓↑
⟩ .

(9.29)

Der XUV-Puls regt ein d-Elektron (l = 2) kohärent an, dessen Winkelausrichtung sich
mit Durchlaufen des Wellenpakets periodisch ändert. Die elektronische Winkelverteilung
ändert sich abhängig von der Phase des Wellenpakets wie in Abbildung 9.11 gezeigt. Da
bei der Erzeugung der Bell-Zustände, d. h. bei der Verschränkung der Zustände aus einem
1S0-Zustand nur die relative Ausrichtung des Spins des Elektrons gegenüber dem ionischen
Rumpf bedeutend ist, kann zwischen den Zuständen ∣Γ0

↑↑
⟩und ∣Γ1

↑↑
⟩ bzw. ∣Γ0

↓↑
⟩und ∣Γ1

↓↑
⟩nicht

unterschieden werden. Das wird noch deutlicher, wenn man die Amplituden der einzelnen
Bell-Zustände genauer betrachtet. Dazu wird Gleichung 9.29 umgeschrieben:

5 ∣Ψ3/2(t)⟩ = a1
↑↑
(t) ∣Γ1

↑↑
⟩ + a1

↓↑
(t) ∣Γ1

↓↑
⟩ + a0

↑↑
(t) ∣Γ0

↑↑
⟩ + a0

↓↑
(t) ∣Γ0

↓↑
⟩ . (9.30)

Für die KoeÚzienten aus Gleichung 9.30 ergibt sich zusammen mit Gleichung 9.29:

25 ∣a1
↑↑
(t)∣2 = 5 + 4 cos(∆ωt)

25 ∣a1
↓↑
(t)∣2 = 4 + 6 cos(∆ωt)

25 ∣a0
↑↑
(t)∣2 = 13

4 −
9
2 cos(∆ωt)

25 ∣a0
↓↑
(t)∣2 = 5

4 − cos(∆ωt)

(9.31)

Die Amplituden der in Gleichung 9.31 gezeigten KoeÚzienten sind in Abbildung 9.12 gra-
phisch veranschaulicht. Man erkennt deutlich, dass dieMaxima der Beiträge paralleler und
antiparalleler Ausrichtung um π phasenverschoben sind. Eine genauere Analyse der Koef-
fizienten aus Gleichung 9.31 ergibt, dass sich das Elektron zu keinem Zeitpunkt vollständig
in paralleler oder antiparalleler Spinausrichtung zum ionischen Rumpf befindet, da die ein-
zelnen Beiträge nie vollständig destruktiv interferieren.

Experimentell wird das Wellenpaket nachgewiesen, indem das Elektron durch einen
zweiten Laserpuls zu einem späteren Zeitpunkt τ durch Einphotonenionisation in das
p- oder f -Kontinuum angeregt wird. Da die Vorzugsregeln eine Zunahme des Bahn-
drehimpulses andeuten, wird im Folgenden nur die Anregung in das f -Kontinuum be-
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9.2 Experimentelle Ergebnisse

Abbildung 9.11: Veranschaulichung der Winkelverteilung des Elektrons in den am Wellenpaket beteiligten
Bell-Zuständen. Die beiden linken Darstellungen geben dieWinkelverteilung der antiparallelen Zustände∣Γ0↓↑⟩ und ∣Γ1↓↑⟩ wieder, die Darstellung rechts dieWinkelverteilung der parallelen Zustände ∣Γ0↑↑⟩ und ∣Γ1↑↑⟩,
die für beide Zustände gleich ist, da diese nur auf einer Projektion basieren (d0, s. Gleichung 9.22). Die
Zustände sind paarweise ununterscheidbar, da nur zwischen paralleler und antiparalleler Spinausrichtung
von angeregtem Elektron und ionischem Rumpf di×erenziert werden kann.

trachtet [172]. Die Auswahlregeln geben eine ausschließliche Anregung der antiparalle-
len Bell-Zustände ∣Γ0

↓↑
⟩ und ∣Γ1

↓↑
⟩ in einen f0-Kontinuumszustand vor, während die Bell-

Zustände ∣Γ0
↑↑
⟩ und ∣Γ1

↑↑
⟩ sowohl in einen f−2- als auch in einen f+2-Zustand angeregt wer-

den können. Die relativen Ionisationsquerschnitte der antiparallelen und parallelen Bell-
Zustände wurden aus dem geometrischen Überlapp mit den zugehörigen Endzuständen
ermittelt. Der Quotient beträgt 1.18. Da die Elektronen in den Endzuständen f0 und f±2

aus unterschiedlichen Rumpf/Elektronenspin-Konfigurationen entstanden sind, können
sie nicht miteinander interferieren [154]. Ihre Beiträge zum gesamten Photoelektronen-
messsignal müssen deswegen inkohärent aufaddiert werden [154]. Unter diesen Annah-
men kann das zeitabhängige Photoelektronensignal I(t), das durch Ionisation des Wellen-
pakets aus Gleichung 9.29 entsteht, als Überlagerung von Kugelflächenfunktionen Ym

l (θ)

0 π/2 π 3/2 π 2 π 5/2 π 3 π 7/2 π 4 π
∆ωt

 �a�↑↑(t)��
 �a�↓↑(t)��
 �a�↑↑(t)��
 �a�↓↑(t)��

Abbildung 9.12: Amplituden der Bell-Zustände, welche in Gleichung 9.31 gezeigt sind. Man sieht den Pha-
sensprung von π zwischen den Zuständen paralleler und antiparalleler Ausrichtung.
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9 Kontrolle der kohärenten Anregung von Neon im XUV-Bereich

geschrieben werden [154]:

I(τ) ∝ ∫ π

0
∣a1
↑↑
(τ)∣2 ∣Y 2

3 (θ)∣
2
+ 1.18 ∣a1

↓↑
(τ)∣2 ∣Y0

3 (θ)∣
2

+ ∣a0
↑↑
(τ)∣2 ∣Y 2

3 (θ)∣
2
+ 1.18 ∣a0

↓↑
(τ)∣2 ∣Y0

3 (θ)∣
2 dθ

= ( 33
4 −

1
2 cos(∆ωτ)) ∫ π

0
∣Y 2

3 (θ)∣
2 dθ

+ 1.18 ( 19
4 + 5 cos(∆ωτ)) ∫ π

0
∣Y0

3 (θ)∣
2 dθ

= 4.43 + 2.64 cos(∆ωτ).

(9.32)

Wegen der azimuthalen Symmetrie hängt Gleichung 9.32 nur vom Polarwinkel θ ab. Glei-
chung 9.32 verdeutlicht auch, dass das Wellenpaket zu Beginn ein Maximum aufweisen
muss. Das stimmt mit den experimentellen Ergebnissen überein, wie aus Abbildung 9.13
ersichtlich ist. Letztendlich ist diese Beobachtung eine Folge der einzelnen Amplituden
zum Zeitpunkt τ = 0, die in Abbildung 9.12 gezeigt sind und der relativen Ionisations-
querschnitte in die entsprechenden Kontinuumszustände. Da durch den Jc = 3

2-Rumpf die
Situation komplizierter ist als in vergleichbaren Experimenten von Gilb et al. [154], kann
dieses System nicht alleine durch zwei Bell-Zustände beschrieben werden. Als Folge davon
müssen die unterschiedlichen Projektionen von Jc berücksichtigt werden und es werden
– anders als in den Experimenten von Gilb et al. [154] – zu keinem Zeitpunkt die reinen
Bell-Zustände ionisiert.

43210
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Abbildung 9.13: Vergrößerung des Wellenpakets zum Zeitpunkt τ = 0, bei demdie Phase des Wellenpakets
ein Maximum aufweist.
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9.2 Experimentelle Ergebnisse

Ausblick

Gilb et al. messen in ihren Experimenten die winkelaufgelöste Verteilung der Photoelek-
tronen [154]. Würde man ein solches Experiment für das Wellenpaket in Neon durchfüh-
ren, könnte man nicht nur die integrale Photoionenausbeute aus Gleichung 9.32 messen,
sondern hätte auch die Möglichkeit, die Projektionen des Jc = 3

2-Rumpfes genauer zu ana-
lysieren. Abbildung 9.14 zeigt die Simulation der Photoionenausbeute in Abhängigkeit des
Winkels, indem aus Gleichung 9.32 nicht die integrale Intensität bestimmt wurde, sondern
die Intensität als Funktion des Winkels. Da die Intensität zu beiden Seiten des Vektors des
elektrischen Laserfeldes gleich ist, ist nur der eine Halbraum gezeigt. Phasensprünge von
π sowie Winkel, in denen kein Wellenpaket gemessen werden sollte, können durch ein
solches Experiment auch aufgelöst werden. So sollte beispielsweise bei θ = 90 °, d. h. in
Ausbreitungsrichtung des Lasers kein Wellenpaket beobachtet werden.
Die Verschränkung ließe sich durch ein Stern-Gerlach-Experiment, bei dem zusätzlich

zum Spin des Elektrons auch der Drehimpuls des ionischen Rumpfes gemessen werden
könnte, direkt messen. Ein solches Experiment müsste als Photoionen/Photoelektronen-
Koinzidenzmessung durchgeführt werden. Dadurch könnte auch zwischen allen vier Bell-
Zuständen di×erenziert werden.
Ein weiterer interessanter experimenteller Ansatz bestünde in der Messung der Pola-

risationsabhängigkeit des Wellenpakets. So wird M = 0 (s. Seite 109) für parallele Pola-

a

0 π 2π 3π 4π
∆ωτ

 θ = 48 °
 θ = 40 °
 θ = 34 °

b

Abbildung 9.14: Simulation einer winkelaufgelösten Photoelektronenmessung des Rydberg-Wellenpakets
in Neon. a: Eine zweidimensionale Darstellung, die das Wellenpaket in Abhängigkeit des Winkels wieder-
gibt. b: Schnitte durch diese Fläche bei verschiedenen Winkeln θ. Man sieht, dass zwischen θ = 34 ° und
θ = 40 ° bzw. zwischen θ = 40 ° und θ = 48 ° ein Phasensprung von π auýritt.
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9 Kontrolle der kohärenten Anregung von Neon im XUV-Bereich

risationen zu M = 1 [174] bei gekreuzten Polarisationen. Dadurch können beispielsweise
Zustandsmischungen identifiziert werden [174].

Durch weitere Experimente kann auf dieseWeise dieses kohärent angeregte, verschränk-
te System, für dessen Beschreibung ein vollständiger Satz an Bell-Zuständen nötig ist,
grundlegend untersucht werden.

9.2.2 Kontrolle der transienten Anregung in Ne (222P333/222 3d)

durch einen geformten ultrakurzen XUV-Puls

Durchläuý breitbandige, kohärente Kurzpulsstrahlung ein resonantes Medium, so werden
die einzelnen spektralen Anteile sowohl in ihrer Amplitude als auch in ihrer Phase beein-
flusst, da sich der Brechungsindex des Mediums gemäß Gleichung 1.19 ändert. Interagiert
das resonante Medium mit den auf diese Weise modifizierten, ultrakurzen Pulsen, dann
werden so genannte kohärente Transienten angeregt, da die spektralen Anteile, die höher
oder niedriger als die Resonanzfrequenz liegen, interferieren. Innerhalb des Pulses führt
das zu einer Oszillation der Population des angeregten Zustandes. Beispiele für solche ko-
härenten Transienten finden sich im Infrarotbereich [175–177], aber auch im XUV-Bereich
[164]. Im Infraroten werden häufig die Übergänge 5s → 5p des Rubidiums ausgenutzt, die
bei 780 nm (2S1/2 → 2P3/2) und 795 nm (2S1/2 → 2P1/2) liegen [178]. DieWechselwirkung zwi-
schen einem atomaren System und einem schwachen Femtosekundenlaserpuls mit dem
elektrischen Feld є1(t) lässt sich mit der Störungstheorie erster Ordnung beschreiben und
sagt für die zeitabhängige Amplitude des ersten angeregten Zustands ∣1⟩

a(1)1 (t) =
µ1g

iħ ∫ t

−∞

є1(t1) eiω1g t1 dt1 =
−µ1g

ħ ∫ ∞

−∞

E1(ω)

ω1g − ω
ei(ω1g−ω)t dω (9.33)

voraus [176]. Hier ist µ1g das Dipolmatrixelement des Übergangs, E1(ω) die Fourier-
Transformierte von є1(t) und ω1g die Frequenz des Übergangs. Weiterhin wird angenom-
men, dass die Pulsdauer beträchtlich kürzer als die Lebensdauern aller beteiligten Zustände
ist [176]. Die Interferenz lässt sich am Besten erkennen, wenn man die Amplitude des an-
geregten Zustands für den Zeitpunkt t = 0 betrachtet:

a(1)1 (0) =
−µ1g

ħ
(iπE1(ω1g) + ℘ ∫ ∞

−∞

E1(ω)

ω1g − ω
dω) . (9.34)
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℘ heißtCauchyscher Hauptwert. Der erste Term inGleichung 9.34 hängt nur von den spek-
tralen Komponenten des Pulses bei der Übergangsfrequenz ω1g ab, während der zweite
Term über alle anderen Frequenzen integriert [176]. Für einen fourierlimitierten Puls, der
symmetrisch zu ω1g ist, interferieren die spektralen Beiträge ober- und unterhalb von ω1g

destruktiv, da dieser Term gerade bei der Resonanzfrequenz ω1g sein Vorzeichen ändert.
Weil sich die nicht resonanten Beiträge jedoch sehr sensitiv gegenüber einer spektralen
Phasenfunktion verhalten, kann ein geformter Puls die zeitabhängige Population des an-
geregten Zustands e×ektiv modulieren [176].

Um den Einfluss eines resonanten Gasfilters zu bestimmen, wurden zuerst Experimente
mit Helium durchgeführt und die Ergebnisse mit denen von Strasser et al. verglichen [164].
Dazu wurde ein Höhere-Harmonische-Strahl durch Helium geschickt, dessen Dichte über
denDruck in der Spiegelkammer des Experiments (s. Abbildung 8.1) variiert werden konn-
te. Da ein 1s-Elektron von Helium durch die 15. Harmonische von 804 nm bei 23.09 eV re-
sonant in ein 3p-Orbital angeregt werden kann [179], eignet sich dieses System gut, um die
spektrale Phase des XUV-Puls zu modulieren. Anschließend wurde durch einen zweiten
zeitverzögerten 804-nm-Laserpuls das angeregte 3p-Rydberg-Elektron ionisiert und des-
sen Photoelektronensignal detektiert. In Abbildung 9.15 ist die Intensität des Photoelek-
tronensignals als Funktion der Zeitverzögerung der beiden Pulse für zwei verschiedene
Helium-Filterdrücke gezeigt. Strasser et al. beschreiben die kohärenten Transienten mit ei-
ner gedämpýen Bessel-Funktion erster Gattung [164]:

∣a(1)1 (t)∣
2
∝ e−Γt ∣J0 (

√
4αΓt)∣

2
(9.35)

Das Argument der Bessel-Funktion hängt dabei von der dopplerverbreiterten Linienbreite
des 1s → 3p-Übergangs ab sowie von der optischen Dichte α des resonanten Gasfilters, die
über

α = σ lN (9.36)

vom Absorptionsquerschnitt des Mediums σ , von der Weglänge l und von der Anzahl der
Teilchen N abhängt. Durch die Interferenz von spektralen Komponenten, die resonant bzw.
nicht resonant zur Anregungsfrequenz sind, kommt es zu einer Oszillation der Population
des angeregten Zustandes, die bei optimal geformten Laserpulsen auch zu einer Verstär-
kung der transienten Anregung führen kann, wie Dudovich et al. gezeigt haben [176].

Um die Filterdrücke genauer regeln zu können und gleichzeitig den Filterdruck vom
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Abbildung 9.15: ZeitabhängigeAnregungs-Nachweis-Photoelektronenausbeuten von Helium.Die 15. Har-
monische regt ein 1s-Elektron in ein 3p-Orbital an. Das Elektron wird durch einen nachfolgenden 804-
nm-Laserpuls ionisiert. Der Heliumdruck in der Experimentierkammer betrug in beiden Fällen p =
5.5 × 10−6 mbar, in b wurde zusätzlich in der Spiegelkammer des Experiments ein resonanter Helium-
Filter von p = 2.5 × 10−4 mbar appliziert.

Druck in der Experimentierkammer zu entkoppeln, wurde ein zusätzlicher Gaseinlass in
der Spiegelkammer (vgl. Abbildung 8.1) angebracht. Da die Weglänge der Höhere-Harmo-
nischen-Strahlung in der Spiegelkammer sehr groß ist, haben auch kleine Druckänderun-
gen eine große Auswirkung auf die Phasenfunktion der Harmonischen. Auf diese Weise
wird ein sehr großer Bereich zugänglich, in dem die Harmonische durch diesen resonan-
ten Filter geformt werden kann, ohne dass dazu derGasdruck in der Experimentierkammer
geändert werden muss.

Vergleichbare Experimente sind auch mit Neon möglich, da hier resonante Anregungen
im Bereich der 13. Harmonischen von 804 nm liegen (vgl. Abbildung 9.2). Abbildung 9.16
zeigt die zeitaufgelöste Intensität der Photoelektronenausbeute für drei verschiedene Filter-
drücke. Auch hier sind die Oszillationen der kohärenten Anregung gut zu erkennen, die in
Abhängigkeit der Dichte des resonanten Gasfilters im gleichen Zeitbereich unterschiedlich
oý oszillieren.

Für eine Simulation der Messwerte mit einer Bessel-Funktion entsprechend Gleichung
9.35 ist es zum einen erforderlich, dass die Linienbreite der Resonanz viel kleiner ist als die
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Abbildung 9.16: Zeitaufgelöste Anregungs-Nachweis-Photoelektronenausbeuten von Neon. Die 13. Har-
monische regt ein 3d-Rydberg-Wellenpaket an, das durch einen zeitverzögerten 804-nm-Laserpuls ioni-
siert wird.Der Neondruck in der Experimentierkammer betrug bei allen drei Messungen p = 7×10−5 mbar,
der Druck des resonanten Neon-Filters in der Spiegelkammer betrug p = 3 × 10−5 mbar (a), p = 1 ×
10−4 mbar (b) und p = 3 × 10−4 mbar (c).

Bandbreite des Anregungspulses, zum anderen muss dessen Spektrum symmetrisch zur
Resonanzfrequenz ausgerichtet sein [164, 180]. Da innerhalb der Bandbreite der 13. Har-
monischen jedoch zwei Rydberg-Übergänge des Neons liegen, ist das theoretische Modell
aus Gleichung 9.33 besser geeignet, die transiente Population des angeregten Zustands zu
beschreiben. Eine Anpassung der Messdaten an Gleichung 9.33 gestaltet sich aus verschie-
denenGründen jedoch schwierig. Da der nicht resonanteAnteil äußerst stark von der spek-
tralen Lage des Anregungspulses relativ zur Resonanzfrequenz abhängt, muss das Spek-
trum des XUV-Pulses genau bekannt sein. Wie in Kapitel 8.4 ausführlich dargelegt wurde,
hängt die spektrale Zusammensetzung der Höhere-Harmonische-Strahlung sensibel von
experimentellen Parametern wie Staudruck des Konversionsmediums und Fokalintensität
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9 Kontrolle der kohärenten Anregung von Neon im XUV-Bereich

des Laserpulses ab. Da der hier verwendete experimentelle Aufbau keine genaue Bestim-
mung der spektralen Lage der 13. Harmonischen erlaubt, kann diese nur mit Gleichung
2.12 abgeschätzt werden, wie in Abbildung 9.2 gezeigt ist. Ein weiterer wichtiger Punkt ist
die ausgesprochen kritische Abhängigkeit der transienten Population des angeregten Zu-
stands von der spektralen Phase des XUV-Pulses, wie zahlreiche Pulsformungsexperimente
im Infrarotregime zeigen [176, 177, 181–183].
Diese Experimente zeigen jedoch, dass Pulsformungstechniken nicht nur im sichtbaren

Spektralbereich angewendet werden können, sondern auch im XUV-Bereich bei Photo-
nenenergien jenseits von 20 eV. Ein XUV-Puls, dessen Phasenfunktion durch dieWechsel-
wirkung mit einem resonanten Gasfilter moduliert wird, kann Zustände kohärent anregen
und so deren transiente Population kontrollieren. Nach den Arbeiten von Strasser et al.
[164] geben diese Experimente ein weiteres Beispiel dafür, wie atomare Prozesse im XUV-
Bereich kontrolliert werden können.

9.2.3 Kontrolle des Rydberg-Wellenpakets in Neon durch

einen geformten XUV-Puls

Um den Einfluss des geformten XUV-Pulses auf das Rydberg-Wellenpaket in Neon zu
bestimmen, wurden Messungen bei definierten experimentellen Bedingungen durchge-
führt. Dazu wurde der Druck des resonanten Neon-Filters in der Spiegelkammer auf
p = 1× 10−4 mbar eingestellt. In Abbildung 9.17 ist gezeigt, dass die Oszillationen der kohä-
renten Transienten von der höher frequenten Schwingung des Wellenpakets überlagert ist.
Daman keine exakte Lösung hat, um die transiente Anregung anzupassen, wurde eine syn-
thetische Funktion benutzt. Diese Funktion bestand aus der Summe eines gaußüberfalteten
Abfalls erster Ordnung und drei weiterenGauß-Profilen. DieGauß-Überfaltung spiegelt in
erster Linie den Einfluss der Zeitauflösung unter den gegebenen experimentellen Bedin-
gungen wider.Die schwarzeKurve inAbbildung 9.17a zeigt die an dieMessdaten angepasste
Funktion. Der Einfluss des geformten XUV-Pulses auf die Oszillation des Wellenpaket lässt
sich aus der Di×erenz der Messdaten und der an die kohärenten Oszillationen angepass-
ten Funktion gut veranschaulichen, wie in Abbildung 9.17b gezeigt ist. Es ist deutlich zu
sehen, dass die Oszillation des Wellenpakets von einer Schwebung überlagert ist und an
den Stellen ein Minimum aufweist, an denen auch die transiente Anregung minimal ist.
Um die Amplitude der Wellenpaketoszillation auf die Intensität der transienten Populati-
on des angeregten Zustandes zu normieren, lässt sich die Berechnung des Kontrasts der
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Abbildung 9.17: Einfluss des geformten XUV-Pulses auf das Wellenpaket. a: Der Oszillation der transien-
ten Anregung ist die höher-frequente Schwingung des Wellenpakets überlagert. Die transiente Anregung
wurde mit einer synthetischen Funktion angepasst (schwarze Kurve). b: Aus der Di×erenz der Messdaten
und der synthetischen Kurve kann das Verhalten des Wellenpakets besser verfolgt werden.

Wellenpaketschwingung für einzelnen Bereiche heranziehen (vgl. Gleichung 9.3). Man er-
hält daraus Werte zwischen C = 0.3 und C = 0.4. Da sich der Kontrast jeweils nur für ein
enges Zeitverzögerungsintervall bestimmen lässt, sind dieWertemit einer hohen Standard-
abweichung behaýet und unterscheiden sich deswegen nicht signifikant in den einzelnen
Zeitbereichen. Sie liegen jedoch deutlich unter dem Wert für den Kontrast von C = 0.50,
der für einen ungeformten XUV-Puls erhalten wird. Die Oszillation des Wellenpakets ska-
liert also im Wesentlichen mit der Intensität der transienten Anregung. Über das Ausmaß
der Wechselwirkungmit dem resonanten Neon-Filter kann jedoch die Amplitude des Wel-
lenpakets kontrolliert werden.

Umdie Phase des Wellenpakets zu untersuchen wurde eine Sinusfunktion über den gan-
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9 Kontrolle der kohärenten Anregung von Neon im XUV-Bereich

zen in Abbilung 9.17 gezeigten Zeitbereich an die Schwingung angepasst, wobei nur die
Werte im Zeitintervall von 12 ps bis 21 ps beachtet wurden. Die angepasste Schwingung ist
in Abbildung 9.18 für einige Zeitbereiche der gemessenen Oszillation gegenübergestellt. Es
werden Phasensprünge von π beobachtet bei Verzögerungszeiten von 0 ps, 2 ps, 6.5 ps und
10.5 ps. Durch dieWechselwirkung der XUV-Pulse mit einem resonanten Medium werden
diese so geformt, dass sich die Phase des kohärent angeregten Wellenpakets kontrollieren
lässt.
Diese Beobachtung knüpý an frühere Ergebnisse an:Chatel et al. haben für den Infrarot-

bereich gezeigt, dass sich die Phase eines Wellenpakets in Rubidium durch geformte Laser-
pulse kohärent kontrollieren lässt [88]. Sowohl Felinto et al. als auch Ban et al. verwenden
resonante Übergänge in Rubidium, um Laserpulse im Infraroten so zu formen, dass sie die
Dynamik der angeregten Zustände beeinflussen [175, 184]. Durch die Dichtevariation des
Rubidium-Filters wird auf diese Weise die kohärente Kontrolle dynamischer Prozesse in
Rubidium zugänglich.

In diesen Experimenten werden Übergänge im XUV-Bereich verwendet, um ultrakurze,
kohärente Pulse zu formen. Mit der Kontrolle über die Phasenfunktion des XUV-Pulses
lässt sich nicht nur die Anregung der kohärenten Transienten kontrollieren, sondern auch

7ps6543210

15ps141312111098

23ps2221201918171615

Abbildung 9.18: Relative Phase des gemessenen Wellenpakets (rote Kurve) zu einer Sinusschwingung, die
an die gemessenen Werte im Zeitbereich zwischen 12 und 21 ps angepasst wurde (schwarze Kurve). Es
werden Phasensprünge von π bei 0 ps, 2 ps, 6.5 ps und 10.5 ps beobachtet.
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die Phase des angeregten Wellenpakets in Neon.
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10 Kontrolle der Anregung innerer
Freiheitsgrade von N2

+

10.1 Einführung

Kohärente Kontrolle von photoinduzierten chemischen oder physikochemischen Prozes-
sen durch geformte Laserpulse ist in den letzten Jahren immer stärker in den Fokus von
wissenschaýlichen Experimenten gerückt. Davon zeugen viele in der Literatur verö×ent-
lichte Arbeiten [25, 95, 185]. Das Augenmerk liegt dabei darauf, selektiv Bindungen zu
brechen [30] oder auch Umlagerungen zu induzieren [186]. Häufig kommen dabei rück-
gekoppelte Experimente zum Einsatz, bei denen mit Hilfe von evolutionären Algorith-
men und programmierbaren Pulsformern optimierte Pulsformen gesucht werden [25, 30–
32, 95, 185, 187, 188]. Die durch solche Experimente gefundenen optimierten Pulsformen
sind oý sehr komplex und deswegen in den meisten Fällen nur schwer zu interpretieren
in dem Sinne, dass ihrer spektralen Phase weder eine analytische Funktion noch ein be-
stimmter photoninduzierter Prozess zugeordnet werden kann. Deswegen kann in vielen
Fällen die Interpretation vereinfacht werden, wenn man die spektrale Phase nur als Poly-
nom der Laserfrequenz ω variiert:

φ(ω) =
i
∑
i=0
bi(ω − ω0)

i = b0 + b1(ω − ω0) + b2(ω − ω0)
2 + b3(ω − ω0)

3 + . . . (10.1)

Wird nur der quadratische Term der spektralen Phase moduliert, so werden Laserpulse ge-
neriert, bei denen sich über den zeitlichen Verlauf des Femtosekundenpulses die Frequenz
linear ändert. Solche sog. gechirpten Laserpulse wurden schon verwendet, umAlkalidime-
re zu ionisieren [35, 189], hoch schwingungsangeregte zweiatomige Moleküle zu präparie-
ren (vibrational ladder climbing) [190, 191], Schwingungswellenpakete anzuregen [192, 193]
sowie um Population von Atomen in einem Dreiniveausystem zu transferieren [194, 195].
Vor kurzem habenEnglert et al.den kubischen Termder Phasenfunktion ausGleichung 10.1
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10.1 Einführung

variiert, um die Wechselwirkung von Femtosekundenlaserpulsen mit dielektrische Mate-
rialien zu optimieren [196].
Durch die große Bandbreite von Femtosekundenlasern und die Möglichkeit, die spek-

trale Phase und Amplitude zu kontrollieren, können Atome und Moleküle in bestimm-
ten Quantenzuständen erzeugt werden. Außerdem ermöglicht die hohe Fokalintensität die
Manipulation der Population in diesen Quantenzuständen durch nicht lineare Anregung.
Es kamen schon unterschiedliche Anregungstechniken zur Anwendung, um bespielswei-
se die Verteilung von zweiatomigen Molekülen zwischen einzelnen Rotationsniveaus zu
kontrollieren. So haben Hasegawa und Oshima die Intensität von Femtosekundenpulsen
variiert, um die Rotationsanregung von NO gezielt einzustellen [197]. Auf eine ähnliche
Art und Weise haben Meijer et al. durch doppelpuls-stimulierte Ramananregung die Ro-
tationsanregung in NO beeinflussen können [198]. Oýmals werden zweiatomige Moleküle
durch nicht resonante Anregung mittels Femtosekundenlaserpulsen auch am Vektor des
elektrischen Feldes ausgerichtet. In diesem Fall lassen sich Rotationswellenpakete beob-
achten [199]. Das wurde am Beispiel von molekularem Sticksto× auch schon gezeigt, wobei
linear gechirpte Laserpulse zum Einsatz kamen [200]. In den letzten Jahren wurde auch die
kontrollierte Ausrichtung von N2 durch geformte Laserpulse mittels Pulsformer in experi-
mentellen [201] und theoretischen [202] Arbeiten untersucht. Rückgekoppelte Experimen-
te wurden auch schon verwendet, um die Ionisationsausbeute von NO in verschiedenen vi-
brationsangeregten Zuständen des elektronischen Grundzustands von NO+ zu optimieren
[203].
Es werden unterschiedliche Methoden angewendet, um die Wechselwirkung zwischen

Teilchen und Femtosekundenstrahlung zu charakterisieren. Mit der Flugzeitmassenspek-
trometrie bespielsweise können die Ausbeute und die Geschwindigkeitsverteilung von
Fragmentionen als Funktion der Laserintensität bestimmt werden [204]. Darüber hinaus
kann mit Hilfe der Photoelektronenspektroskopie Einblicke in die Verteilung der inneren
Energie auf die einzelnen Photoionen gewonnen werden, die während der Wechselwirkung
mit intensiven Laserpulsen gebildet werden [205]. Der Vorteil der in diesen Experimenten
angewandten Fluoreszenzspektroskopie liegt darin, dass sie den Fluoreszenzprozess von
der Bandbreite der anregenden Strahlung entkoppelt. So wird gegenüber der Photoelek-
tronenspektroskopie eine sehr viel höhere spektrale Auflösung erreicht. Das kann dazu
verwendet werden, die Energiedissipation nach Anregung oder Ionisation durch einen in-
tensiven Femtosekundenlaserstrahl innerhalb der verschiedenen Freiheitsgrade einer an-
geregten Ions oder Moleküls genau zu charakterisieren [206].
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10 Kontrolle der Anregung innerer Freiheitsgrade von N2
+

Molekularer Sticksto× ist ein geeignetes Modellsystem, weil die strahlende Relaxation
von angeregtem N2

+ schon aussgiebig untersucht wurde, zum einen nach Anregung durch
XUV-Strahlung [207, 208] oder weiche Röntgenstrahlung [128, 209–211] als auch nach An-
regung durch Elektronenstoßionisation [212].

Fluoreszenz nach Ionisation von N2 kommt hauptsächlich aus zwei unterschiedli-
chen elektronischen Übergängen, zum einen im UV/Vis-Bereich aus dem Übergang
N2

+(B 2Σ+

u) → N2
+(X 2Σ+

g ), zum anderen im VUV-Bereich aus dem Übergang N2
+(C 2Σ+

u) →

N2
+(X 2Σ+

g ).

Bei den meisten Arbeiten, die sich bisher mit der Kontrolle der Schwingungs- oder Rota-
tionsverteilung in zweiatomigen Molekülen beschäýigt haben, standen Prozesse in neutra-
len Teilchen im Vordergrund unddie Ionisation wurde vermieden. In den hier vorgestellten
Experimenten wird die Ionisation von N2 durch 804-nm-Laserstrahlung untersucht. Ab-
bildung 10.1 zeigt das Anregungsschema. Die Fluoreszenz von N2

+(B 2Σ+

u) gibt Aufschluss
über die Dynamik der Multiphotonenionisation, die zur Schwingungs- und Rotationsan-
regung des N2

+-Kations führt. Es zeigt sich außerdem, dass die Rotationsverteilung durch
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Abbildung 10.1: Schematisches Anregungsschema: N2 wird aus dem Grundzustand X 1Σ+g durch Multi-
photonenionisation durch einen 804-nm-Laserstrahl in den ionischen B 2Σ+u -Zustand angeregt. Die Fluo-
reszenz (durch einen blauen Pfeil dargestellt) findet aus diesem angeregten Zustand in den ionischen
Grundzustand X 2Σ+g statt. Fluoreszenz aus dem nicht gezeigten ionischen Zustand A 2Πu findet auch
statt, kann aber mit dem hier verwendeten Aufbau nur schwer nachgewiesen werden, da die Emission
sehr nahe bei der Wellenlänge des anregenden Lasers liegt.
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10.2 Experimentelle Ergebnisse

linear gechirpte Laserpulse kontrolliert werden kann.

10.2 Experimentelle Ergebnisse

10.2.1 Schwingungsanregung von N2
+(((B 2ΣΣΣ+++u)))

Abbildung 10.2 zeigt ein Übersichtsfluoreszenzspektrum von N2
+ nach Ionisation durch

einen fourierlimitierten Femtosekundenpuls (804 nm, 85 fs, 1 mJ/Puls) im Bereich von
340 bis 510 nm. Das Spektrum wird bestimmt von den intensiven Emissionslinien des
ersten Bandensystems des elektronischen Übergangs N2

+(B 2Σ+

u) → N2
+(X 2Σ+

g ) [213].
Molekularer Sticksto× hat im elektronischen Grundzustand die Elektronenkonfigura-
tion KK(σg2s)2(σu2s)2(πu2p)4(σg2p)2 [80]. Multiphotonenionisation von molekula-
rem Sticksto× durch intensive Laserstrahlung führt zur Bildung von angeregten N2

+-
Kationen im B 2Σ+

u -Zustand durch die starke Kopplung des Laserfeldes an eines der σu2s-
Innervalenzelektronen [206, 214]. Werden Elektronen aus den Molekülorbitalen σg2p oder
πu2p ionisiert, dann wird N2

+ im Zustand X 2Σ+

g (Grundzustand) bzw. A 2Πu (erster ange-
regter Zustand) gebildet. Die Ionisierungsenergien der ionischen Zustände sind in Tabelle
10.1 aufgeführt. Jeder dieser drei elektronischen Zustände konnte durch photoelektronen-
spektroskopischeMethoden nachAnregungmit intensiven Laserfeldern schon nachgewie-
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Abbildung 10.2: Fluoreszenzspektrum von N2
+ nach Ionisation mit einem Femtosekundenlaserpuls

(804 nm, 85 fs, 1 mJ/Puls). Die ausgezeichneten Übergänge sind dem ersten negativen Bandenspektrum
des elektronischen Übergangs N2

+(B 2Σ+u) → N2
+(X 2Σ+g ) zugeordnet. Die dominanten Schwingungsüber-

gänge υ′ → υ′′ sind ausgezeichnet, wobei υ′ den Schwingungszustand des Ausgangs- und υ′′ den Schwin-
gungszustand des Endzustands bezeichnet.
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10 Kontrolle der Anregung innerer Freiheitsgrade von N2
+

Tabelle 10.1: Ionisierungsenergien IE von molekularem Sticksto× für die unteren drei elektronischen Zu-
stände des N2

+ [213].

elektronische Zustände von N2
+ X 2Σ+

g A 2Πu B 2Σ+

u

Ionisierungsenergien IE/eV 15.58 16.70 18.75

sen werden [205]. Die Bildung von N2
+ im Zustand B 2Σ+

u ist auf die direkte Kopplung des
Laserfeldes an ein Innervalenzelektron zurückzuführen und nicht etwa auf dieWechselwir-
kung von Photoelektronen, die durch das elektrische Feld in Richtung des Ions zurückbe-
schleunigt werden, da durch Ionisation mit zirkular polarisiertem Licht keine signifikante
Abnahme der Fluoreszenz beobachtet wird [214, 215].

Das in Abbildung 10.2 gezeigte Spektrum unterscheidet sich von früheren in der Lite-
ratur verö×entlichten Spektren [214]. Dabei wurde der Femtosekundenlaser in Luý fokus-
siert und die Fluoreszenz des im Fokus entstandenen Plasmas gemessen. Dies hat zur Folge,
dass auch Fluoreszenz aus elektronisch angeregtem neutralen N2 nachgewiesen wurde. Die
intensiven Übergänge konnten dem elektronischen Übergang N2(C 3Πu) → N2(B 3Πg)

zugewiesen werden [214]. Der entscheidende Unterschied zu den in der vorliegenden Ar-
beit vorgestellten Experimenten besteht darin, dass hier die Fluoreszenz nach Fokussie-
ren des Lasers in einen Gasjet gemessen wurde. Auf diese Weise konnten die Experimen-
te bei wesentlich niedrigeren Drücken durchgeführt werden. Es konnten so Stöße zwi-
schen den Molekülen ausgeschlossen werden, die zur Fluoreszenz aus neutralem, elek-
tronisch angeregtem N2 führen [214]. Abbildung 10.3 zeigt die Fluoreszenzintensität des
N2

+(B 2Σ+

u , υ′ = 0) → N2
+(X 2Σ+

g , υ′′ = 0)-Übergangs als Funktion des Staudrucks. Die
Fluoreszenzintensität hängt linear vom Staudruck ab. Deswegen können Stoßdeaktivie-
rungsprozesse ausgeschlossen werden. Aus diesem Grund wird ausschließlich Emission
von Fluoreszenzstrahlung aus N2

+(B 2Σ+

u) beobachtet.

Das inAbbildung 10.2 gezeigte Fluoreszenzspektrum wird vom ÜbergangN2
+(B 2Σ+

u , υ′ =
0) → N2

+(X 2Σ+

g , υ′′ = 0) dominiert. Diese Bande ist genauso wie die anderen, schwä-
cheren Banden blau abschattiert. Etwas schwächer sind die Übergänge B 2Σ+

u , υ′ = 0 →
X 2Σ+

g , υ′′ = 1, 2. Weitere Fluoreszenzemissionen finden aus schwingungsangeregtem N2
+

statt (B 2Σ+

u , υ′ = 4 → X 2Σ+

g , υ′′ = 3, 4, 5, 6, 7). Fluoreszenzemission aus N2
+(B 2Σ+

u , υ′ =
1, 3, 5) wird auch beobachtet. Allerdings sind die Intensitäten wesentlich geringer. Der
Übergang υ′ = 4 → υ′′ = 4 ist sehr schwach und außerdem blau verschoben relativ zum
Übergang υ′ = 0 → υ′′ = 0. Das ist auf niedrige Franck-Condon-Faktoren zurückzufüh-
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Abbildung 10.3: Intensität des Fluoreszenzsignals für den Übergang N2
+(B 2Σ+u , υ′ = 0) → N2

+(X 2Σ+g , υ′′ =
0) in Abhängigkeit des Staudrucks von N2 vor der Düse (rote Pukte). Eine Anpassung der experimentellen
Daten an die Funktion I = pm ergibt m = 0.99±0.02 (schwarze Linie).

ren. Die Schwingungsverteilung des Kations N2
+ im B 2Σ+

u -Zustand kann aus den Intensi-
täten unter Zuhilfenahme der Franck-Condon-Faktoren der einzelnen Schwingungsüber-
gänge bestimmt werden. Dies ist in Abbildung 10.4 gezeigt. Es wird N2

+ in den Zuständen
B 2Σ+

u , υ = 0, 1, 3, 4, 5 gebildet, wobei die Schwingungszustände υ = 0 und υ = 4 dominieren.
Tabelle 10.2 gibt eine Übersicht über die relevanten Franck-Condon-Faktoren. Die beob-

achtete Bildung von N2
+ in angeregten Schwingungsniveaus steht in starkem Kontrast zur

direkten Photoionisation von N2, bei der fast ausschließlich N2
+ im Schwingungsgrundzu-

stand und im ersten angeregten Zustand gebildet wird. Dabei wird – wie in Abbildung 10.4
gezeigt – die Zustände B 2Σ+

u , υ = 0 und B 2Σ+

u , υ = 1 im Verhältnis 8:1 gebildet, was auf
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Abbildung 10.4: Relative Besetzung der Schwingungsniveaus in N2
+(B 2Σ+u) nach Ionisation mit intensi-

ver Femtosekundenlaserstrahlung (rot). Zum Vergleich ist auch die Verteilung für die direkte Ionisation
angegeben (grau).
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10 Kontrolle der Anregung innerer Freiheitsgrade von N2
+

Tabelle 10.2: Franck-Condon-Faktoren für das erste negative Bandensystem von N2
+ (der Übergang

B 2Σ+u , υ′ → X 2Σ+g , υ′′) [213].

υ′′
υ′ 0 1 2 3 4 5

0 6.481 × 10−1 3.010 × 10−1 4.897 × 10−2 2.733 × 10−3 7.396 × 10−6

1 2.619 × 10−1 2.149 × 10−1 4.041 × 10−1 1.118 × 10−1 7.402 × 10−3

2 7.045 × 10−2 2.889 × 10−1 4.542 × 10−2 4.123 × 10−1 1.711 × 10−1 1.169 × 10−2

3 1.565 × 10−2 1.364 × 10−1 2.250 × 10−1 1.628 × 10−3 3.876 × 10−1 2.201 × 10−1

4 3.161 × 10−3 4.369 × 10−2 1.699 × 10−1 1.467 × 10−1 4.751 × 10−3 3.639 × 10−1

5 6.104 × 10−4 1.150 × 10−2 7.354 × 10−2 1.720 × 10−1 8.446 × 10−2 1.630 × 10−2

6 1.151 × 10−1 2.709 × 10−3 2.427 × 10−2 9.661 × 10−2 1.550 × 10−1 4.373 × 10−2

7 2.084 × 10−5 5.980 × 10−4 6.830 × 10−3 3.870 × 10−2 1.093 × 10−1 1.305 × 10−1

die Franck-Condon-Faktroren für den Ionisationsschritt zurückzuführen ist [213]. Da der
Franck-Condon-Faktor für den Übergang N2(X 1Σ+

g , υ′′ = 0) → N2
+(B 2Σ+

u , υ′ = 4)+ e− sehr
schwach ist (7.398 × 10−6), sollte kein N2

+(B 2Σ+

u , υ = 4) gebildet werden [213]. Das ent-
spricht auch der Beobachtung für die direkte Ionisation. Diese o×ensichtliche Diskrepanz
zwischen den verschiedenen experimentellen Ergebnissen kann erklärt werden, wenn man
resonante Zwischenzustände mit in Betracht zieht. Auch frühere Experimente, bei denen
N2 durch Multiphotonenionisation mit einem Nanosekundenlaser ionisiert wurde, zeigen
eine Veränderung der Schwingungsverteilung [216]. Aus diesem Grund erscheint es plau-
sibel, dass auch im Fall von Femtosekundenlasern Zwischenzustände eine Rolle spielen.
Ein möglicher Zustand ist der a 1Πg-Zustand von N2, der mit sechs 804-nm-Photonen er-
reicht werden kann [213]. Sechs 804-nm-Photonen entsprechen einer Anregungsenergie
von 9.26 eV, mit der der a 1Πg , υ = 3-Zustand erreicht werden kann. Der Franck-Condon-
Faktor für diesen Übergang ist 0.1832 [213]. Dies ist um mehrere Größenordnungen hö-
her als die direkte Ionisation in den B-Zustand des N2

+-Kations. Allerdings muss auch in
Betracht gezogen werden, dass die hohen Feldstärken von Femtosekundenlasern starke
Stark-Verschiebungen in Molekülen induzieren können, was dazu führt, dass Zwischen-
zustände in Resonanz geschoben werden können, wenn sich das Laserfeld über die Puls-
dauer weg verändert [51]. Das wurde auch schon in früheren Experimenten beobachtet,
in denen sich Valenz- und Rydberg-Zustände unterschiedlich verhielten und dadurch erst
die beobachteten Photoelektronenspektren erklärt werden konnten [205]. Die Intensität
des fourierlimitierten Pulses, der in den Experimenten zum Einsatz kam, wird auf etwa
3 × 1014 W/cm2 geschätzt. Das ist vergleichbar mit früheren Experimenten [205]. Aus die-
sem Grund können auch andere Schwingungsniveaus des a 1Πg-Zwischenzustands wäh-
rend der Dauer des 804-nm-Laserpulses in Resonanz verschoben werden.
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Aus früheren Arbeiten zur Tunnelionisation von H2 ist bekannt, dass die Ionisation von
zweiatomigen Molekülen in starken Laserfeldern nicht immer der vorhergesagten Franck-
Condon-Verteilung entspricht [217]. Dieses Verhalten wurde der starken Abhängigkeit der
Ionisationsrate vom internuklearen Abstand zugeschrieben. Jüngere theoretische Arbeiten
an H2 und N2 modellieren diese Nicht-Franck-Condon-Beiträge der Schwingungsvertei-
lung von zweiatomigen Molekülen nach Ionisation durch intensive Laserfelder unter Zu-
hilfenahme der Born-Oppenheimer-Näherung [218]. Allerdings werden für die Multipho-
tonenionisation von N2 in den X-Zustand von N2

+ mit intensiven Lasern eine Besetzung der
Schwingungsniveaus von 94% in υ = 0 und 6% in υ = 1 gemessen, gegenüber 90% in υ = 0
für schwache Laserfelder [218]. Dieses Verhältnis kann durch optimierte Fokalintensitäten
weiter erhöht werden [218]. Zu ähnliche Resultaten kommen Becker und Bandrauk, die die
Schwingungsverteilung von N2

+ nach Ionisation durch einen 800-nm-200-fs-Laserpuls be-
rechnet haben [219]. Auch hier ist für den Übergang N2(X 1Σ+

g ) → N2
+(B 2Σ+

u) die Schwin-
gungsbesetzung zugunsten niedriger Schwingungsniveaus verschoben, was im Gegensatz
zur Voraussage der Besetzung aus den Franck-Condon-Faktoren steht. Als Grund für die-
se Verschiebung wird eine Abnahme der Ionisationsrate für hohe Laserfeldstärken bei Io-
nisation mit niedrigfrequenten Laserfeldern genannt [219]. Bei diesen theoretischen Be-
trachtungen [218, 219] wurde der Einfluss von Zwischenzuständen nicht berücksichtigt, ist
aber für die genaue Beschreibung der Schwingungsbesetzung nach Multiphotonenionisa-
tion von zweiatomigen Molekülen unerlässlich, wie Experimente an H2 zeigen [220]. Dar-
in wird hervorgehoben, dass Zwischenzustände und Stark-Verschiebung eine große Rolle
spielen, anders als für reine Tunnel- oder Feldionisation mit Starkfeldnäherung vorausge-
sagt [220].

10.2.2 Rotationsanregung von N2
+(((B 2ΣΣΣ+++u, v” = 0)= 0)= 0)

Die Temperatur des N2-Gasjets liegt in der Größenordnung um 17 K, so dass nur die un-
tersten Rotationsniveaus in N2(X 2Σ+

g ) populiert sind. Die Anzahl der MoleküleNJ von der
Gesamtanzahl N , die im Zustand J rotationsangeregt sind, lässt sich mit

NJ = N hcB
kBT

(2J + 1) e−BJ(J+1) hc
kBT (10.2)

berechnen. Hier ist B die Rotationskonstante und T die Temperatur. Abbildung 10.5 zeigt
die Wahrscheinlichkeitsverteilung, ein Sticksto×molekül im Zustand J anzutre×en. Der
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Einsatz der Fluoreszenzspektroskopie erlaubt sehr hohe Energieauflösung und ist aus die-
sem Grund geeignet, auch Rotationslinien aufzulösen. Das ist von speziellem Interesse bei
Einsatz eines gekühlten Gasjets. Rotationswellenpakete wurden mit Hilfe intensiver Kurz-
pulsstrahlung in molekularem Sticksto× induziert und die Photoionisationseigenschaýen
so ausgerichteter Moleküle untersucht [221]. Zusätzlich wurde die Rotationsverteilung im
elektronischen Grundzustand von N2 nach Rotationsanregung sowie der Einfluß der In-
tensität des Ausrichtungslasers berechnet [221].
Abbildung 10.6 zeigt ein Fluoreszenzspektrum von N2

+(B 2Σ+

u , υ′ = 0) → N2
+(X 2Σ+

g , υ′′ =
0) nach Ionisation durch Synchrotronstrahlung mit einer Photonenenergie von 100 eV un-
ter ansonsten identischen Messbedingungen. Die blaue Kurve in Abbildung 10.6 zeigt das
Fluoreszenzspektrum bei Raumtemperatur, während die rote Kurve das Spektrum des N2-
Jets zeigt, der durch eine auf –65 °C gekühlte Düse in die Apparatur eingelassen wurde.

Wie man sieht, enthält das rote Spektrum einen geringen Anteil aus warmen Molekülen,
die vor allem für die hohen J-Anregungen im R-Zweig verantwortlich sind und im P-Zweig
den Bandenkopf bilden. Subtrahiert man die blaue Kurve von der roten, so erhält man ein
Spektrum, bei dem im R-Zweig Rotationsniveaus bis J = 5 angeregt sind. Dies entspricht
aber gerade der in Abbildung 10.5 simulierten Verteilung für eine Temperatur von 17 K.
Da in den vorliegend beschriebenen Experimenten dieselben Expansionsbedingungen mit
der gleichen Messapparatur verwendet wurden wie in diesen Experimenten mit Synchro-
tronstrahlung, konnte die Temperatur des Gasjets auf T = 17 ± 1 K bestimmt werden. Der
kleine Beitrag der warmen Moleküle stammt von Teilchen, die in einem Konus den unge-
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Abbildung 10.5: Besetzungswahrscheinlichkeit der Rotationszustände von N2 im Zustand X 2Σ+g bei einer
Temperatur von etwa 17 K.
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Abbildung 10.6: Fluoreszenzspektrum des N2
+(B 2Σ+u , υ′ = 0 → X 2Σ+g , υ′′ = 0) nach Einphotonenionisati-

on mit einer Photonenenergie von 100 eV. Blaue Kurve: N2 bei Raumtemperatur, rote Kurve: N2 im Gasjet
nach Expansion ins Vakuum durch eine auf –65 °C gekühlte Düse.

skimmten Gasjet umgeben. Die Besetzung der Rotationsniveaus bei Raumtemperatur ist
in Abbildung 10.7 gezeigt. Es ist davon auszugehen, dass auch für die Experimente mit den
gechirpten Laserpulsen dieser Untergrund vorhanden ist.

In der vorliegenden Arbeit wird die Rotationsverteilung von N2
+ im Zustand B 2Σ+

u , υ = 0
nach Anregung von molekularem Sticksto× imGrundzustand untersucht. Das Augenmerk
liegt dabei auf der Variation von nur einem einzelnen Parameter, dem linearen Chirp der
Laserstrahlung.
Abbildung 10.8 zeigt die bei unterschiedlichen linearen Chirps aufgenommenen Fluo-

reszenzspektren des Übergangs in N2
+ vom Zustand B 2Σ+

u , υ = 0 in den Grundzustand
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Abbildung 10.7: Besetzungswahrscheinlichkeit der Rotationszustände von N2(X 2Σ+g , υ = 0) bei Raum-
temperatur (T = 300 K).
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X 2Σ+

g , υ = 0 des Ions. Die Feinstruktur des Spektrums hängt von den Rotationsübergängen
des P- undR-Zweigs ab,was von 2Σ → 2Σ-Übergägen hinlänglich bekannt ist [80].Die Ban-
den sind blau abschattiert, vor allem der R-Zweig. Der P-Zweig zeigt zudem einen Banden-
kopf. Die Intensitätsalterniergung benachbarter Rotationslinien liegt in der relativen Häu-
figkeit von ortho- und para-N2 begründet [80, 208]. Eine ähnliche Rotationsstruktur erhält
man für die anderen inAbbildung 10.2 gezeigten ÜbergängeB 2Σ+

u , υ′ = 0→ X 2Σ+

g , υ′′ = 1, 2
und B 2Σ+

u , υ′ = 4→ X 2Σ+

g , υ′′ = 3, 4, 5, 6, 7.
Für die in Abbildung 10.8 gezeigten rotationsaufgelösten Spektren wurde die quadrati-

sche Phase des Laserpulses in fünf Schritten von –8820 fs2 bis +8820 fs2 variiert. Das in
Abbildung 10.8(c) gezeigte Spektrum entspricht dabei einem fourierlimitierten Puls, der
eine Pulsdauer von ungefähr 85 fs hat. Hat die quadratische Phase ein positives Vorzeichen,
werden die Pulse als positiv gechirpt bezeichnet und der Rotanteil des Pulses erreicht die
Probe zuerst, besitzt die quadratische Phase ein negatives Vorzeichen, dann sind die Pulse
negativ gechirpt und der Blauanteil des Pulses triÞ zuerst auf die Probe.
Für negativ gechipte Laserpulse – zu sehen in Abbildung 10.8(a) und (b) – wird keine

signifikante Änderung der Rotationsverteilung beobachtet verglichen mit dem in Abbil-
dung 10.8(c) gezeigten Rotationsspektrum des fourierlimitierten Pulses. Dagegen ändert
sich die Rotationsverteilung signifikant, wenn der Laserpuls positiv gechirpt ist, wie in Ab-
bildung 10.8(d) und (e) zu sehen. Diese Änderungen sind hauptsächlich im R-Zweig des
Spektrums zu sehen. Dies zeigt, dass es über die Variation der linearen Phase möglich ist,
die Rotationsverteilung des B 2Σ+

u , υ = 0-Zustands von N2
+ ganau einzustellen.

Auch der auf Seite 133 beschriebene Beitrag warmer Moleküle kann die breite Verteilung
aus Abbildung 10.8(a)–(c) nicht erklären. Es muss vielmehr angenommen werden, dass
es durch den intensiven 804-nm-Laserpuls zu einer Rotationsanregung von N2

+ kommt.
Der Mechanismus, der das Molekül aufheizt, so dass es zu dieser immensen Erhöhung der
Rotationstemperatur kommt, soll im Folgenden erörtert werden.
Es ist bekannt, dass die ansteigende Flanke eines Laserpulses bei Intensitäten, die noch

unterhalb der Ionisationsschwelle liegen, eine Ausrichtung des Moleküls bewirken kann,
noch bevor es zu einer Ionisation kommt [51]. Das wurde beispielsweise in Experimen-
ten an N2 gezeigt, bei der zwei Laserpulse mit gekreuzter Polarisation verwendet wurden
[222].Die durch den ersten Puls induzierte dynamischeAusrichtung des N2-Moleküls führt
zur Bildung eines Rotationswellenpakets des N2-Grundzustands durch die nicht resonante
Wechselwirkung mit dem Femtosekundenlaserpuls [221]. Diese molekulare Ausrichtung
kommt durch einen mehrstufigen Raman-Prozess zustande, durch den eine Vielzahl von
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Abbildung 10.8: Fluoreszenzspektren des Übergangs N2
+(B 2Σ+u , υ′ = 0 → X 2Σ+u , υ′′ = 0) als Funktion des

linearen Chirps des 804-nm-Laserpulses: (a) –8820 fs2, (b) –5550 fs2, (c) fourierlimitierter Puls (Pulsdauer
85 fs), (d) +5550 fs2, (e) +8820 fs2. Die J-Niveaus des R-Zweigs sind markiert. Die alternierende Intensität
der Übergänge hängt mit der relativen Häufigkeit von ortho- und para-N2 zusammen.

Rotationsniveaus angeregt werden [221]. Diemaximale Intensität des fourierlimitierten, fo-
kussierten Laserpulses ist wesentlich höher als die Ionisationsschwelle des N2 [221, 223]. Es
kommt zu Beginn des Laserpulses und vor Einsatz der Ionisation zu oben beschriebenen
Raman-Prozessen, die zur Anregung von zahlreichen Rotationsniveaus im elektronischen
Grundzustand X 2Σ+

g , υ = 0 von N2 führt. Sobald die Intensität groß genug ist, setzt die
Ionisation ein und diese Rotationsanregung wird auf den entstandenen ionischen Zustand
B 2Σ+

u von N2
+ übertragen. Wenn die Intensität am Ende des Laserpulses wieder abnimmt,

kommt es zu weiteren nicht resonanten Raman-Prozessen, die die Rotationsanregung des
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Ions zusätzlich aufheizen. Auch Ausrichtung von Ionen, die durch vorausgegangene Ioni-
sation innerhalb des gleichen Laserpulses entstanden sind, wurde schon beobachtet [224].

Werden Laserpulse linear gechirpt, so werden die Pulsdauern länger und dadurch die In-
tensitäten verringert. Allerdings hängt diese Intensitätsabnahme nicht vom Vorzeichen des
Chirps ab. Deswegen lassen sich die Fokalintensitäten für die in diesen Experimenten ver-
wendeten gechirpten Laserpulse direkt vergleichen. So wird beispielsweise für einen mit
einer quadratischen Phase von ±5550 fs2 gechirpten Laserpuls die Fokalintensität gegen-
über einem fourierlimitierten 804-nm-Laserpuls um den Faktor 2.9 verringert und für eine
quadratische Phase von ±8820 fs2 um den Faktor 3.5. Die genannten quadratischen Phasen
entsprechen denen in Abbildungen 10.8 gezeigten Spektren (b) und (d) bzw. (a) und (e).
Da, wie oben ausgeführt, Ramanprozesse für die Rotationsanregung von N2 im Grund-
zustand X 2Σ+

g , υ = 0 verantwortlich sind, allerdings Ramanprozesse grundsätzlich nicht
resonant ablaufen, hängt der Prozess nicht vom Vorzeichen des Chirps ab. Die Rotations-
verteilung imGrundzustand, die von der Wechselwirkungmit intensiven Laserpulsen her-
rührt, wurde vor kurzem berechnet [221]. Nach diesen Rechnungen sind Fokalintensitäten
> 2.5× 1013 W/cm2 vonnöten, um eine Verbreiterung der Rotationsverteilung, insbesonde-
re die Verlagerung in Richtung höherer Rotationsniveaus zu induzieren [221]. Aus diesen
Gründen kann das unterschiedliche Aussehen der Rotationsverteilung zwischen negativen
und positiven Chirps nicht allein durch nicht resonante Raman-Prozesse erklärt werden.

Von Légaré et al. wurde kürzlich gezeigt, dass stimulierte Raman-Übergänge eine Rolle
spielen können, um hoch rotationsangeregte zweiatomige Moleküle mit gechirpten Laser-
pulsen zu präparieren [225]. Dieser Prozess wird cirped adiabatic Raman passage (CARP)
genannt [225, 226]. CARP benötigt einen Pump- und einen Stokes-Laser, die typischerwei-
se Pulsdauern von einigen Pikosekunden besitzen. Aus diesem Grund wird für die hier
vorgestellten Experimente an N2 der CARP-Prozess als nicht relevant betrachtet, um diese
hohe Rotationsanregung zu verursachen.

Resonante Zwischenzustände können nicht nur eine Rolle spielen, um die Schwingungs-
verteilung des Ions in einem Multiphotonenionisationsprozess zu beeinflussen, sondern
auch die Rotationsverteilung [227]. Für die Experimente an N2 kommt hier natürlich der
oben schon diskutierte a 1Πg-Zustand von N2 in Betracht. Die Bandbreite eines Laser-
pulses mit der Zentralwellenlänge 804 nm und einer Pulsdauer von 85 fs entspricht etwa
170 cm−1 während sich die Bandbreite für einen Sechs-Potonen-Prozess, der zumErreichen
des a 1Πg-Zustands nötig ist, auf 420 cm−1 erhöht. Die Rotationskonstante für den a 1Πg-
Zustand beträgt Be = 1.6169 cm−1 und die des Grundzustands Be = 1.99895 cm−1 [228, 229].
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Deswegen können viele Rotationsniveaus angeregt werden innerhalb der zur Verfügung
stehenden Bandbreite des Lasers. Wie bereits oben angesprochen, können durch die ho-
hen elektrischen Felder eines Femtosekundenlaserpulses hohe Stark-Verschiebungen von
elektronischen Zuständen induziert werden. Für hochangeregte, atomare Zustände nahe
am Ionisationskontinuum entsprechen diese Verschiebungen der ponderomotiven Ener-
gie, für niedrigere atomare Zustände und vor allem molekulare Zustände lässt sich die
Verschiebung nicht mehr so einfach beschreiben. Größe und Vorzeichen hängen vielmehr
stark von der Kopplung an benachbarte Zustände ab. Deswegen ist die Stark-Verschiebung
für den hier in Betracht kommenden a 1Πg-Zustand schwer abzuschätzen. Allerdings wird
für vergleichbare Fokalintensitäten des Laserpules auch die gleiche Verschiebung erwartet,
die unabhängig vom Vorzeichen des Chirps ist.
Für einen positiv gechirpten Laserpuls kommen die niedrigen Frequenzen zuerst bei der

Probe an, im Gegensatz zum negativ gechirpten Puls, bei dem die niedrigen Frequenzen
als letztes ankommen. Daraus folgt, dass ein positiv gechirpter Laserpuls nur niedrigere
Rotationsniveaus im Zwischenzustand anregen kann, während ein negativ gechirpter Puls
hohe Rotationsniveaus anregt unter der Annahme, dass die Anregung in den Zwischen-
zustand eher zu Beginn des Laserpulses stattfindet. Am Maximum der Intensität findet
dann die darau×olgende Ionisation des Zwischenzustand statt. Man erwartet eine Anre-
gung von niedrigeren Rotationsniveaus für positiv gechirpte Laserpulse. Darüber hinaus
können nur wenige Rotationszustände im Zwischenzustand a 1Πg angeregt werden, wenn
der Zwischenzustand in Richtung höherer Energien und damit aus der Resonanz verscho-
ben wird. Dagegen können bei einen negativ gechirpten Laserpuls vergleichbarer Intensität
die hochfrequenten Anteile zu Beginn viele hoch liegende Rotationsniveaus des Zwischen-
zustands angeregen. Dadurch wird die breite Rotationsanregung, die durch nicht resonante
Raman-Anregung im Grundzustand entstanden ist, viel eÚzienter auf den Zwischenzu-
stand und letztlich auf den ionischen Endzustand übertragen. In Übereinstimmung mit
diesem einfachen qualitativen Modell beobachtet man mit zunehmenden positiven Chirp
eine Anregung von immer niedrigeren Rotationsniveaus – zu sehen in Abbildung 10.8(d)
und (e), wodurch die Rotationsverteilung auf den Bereich 8 ≤ J ≤ 22 mit einem Maximum
bei J = 16 eingeengt wird. Dagegen wird keine signikfikante Änderung der Rotationsver-
teilung gegenüber dem fourierlimitierten Puls für negativ gechirpte Pulse beobachtet – zu
sehen in Abbildung 10.8(a) und (b). Um die Auswirkungen resonanter Zwischenzustände
auf den Ionisationsprozess genauer zu erfassen, ist es nötig, die Wechselwirkung des La-
serpulses mit dem Molekül genauer zu quantifizieren, insbesondere die Abängigkeit der
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Stark-Verschiebung von der Intensität des Laserpulses.
Diese Experimente wurden unter Variation des linearen Chirps des Laserpules durchge-

führt. Möglicherweise kann ein höherer Grad der Kontrolle über die Rotationsverteilung
erreicht werden, wenn auch höhere Ordnungen des Laserchirps variiert werden. Das führt
zu wesentlichen komplexeren Phasenfunktionen, die mit Hilfe von evolutionären Algo-
rithmen in rückgekoppelten Experimenten optimiert werden können [25, 30, 31, 34, 95,
185, 187, 188].
Aus Abbildung 10.9 kann man sehen, dass mit zunehmendem Chirp auch die Fluores-

zenzintensität abnimmt. Die experimentell gemessenen Fluoreszenzintensität des Über-
gangs N2

+(B 2Σ+

u , υ′ = 0) → N2
+(X 2Σ+

g , υ′′ = 0) ist durch die blauen Punkte in Abbil-
dung 10.9 dargestellt und zeigt ein breites Maximum bei leicht negativen Werten des li-
nearen Chirps. Zusätzlich ist die Bildung von N2

+(B 2Σ+

u) als Funktion der Pulsdauer eines
ungechirpten 804-nm-Femtosekundenlaserpuls gezeigt. Da für das Erreichen des B 2Σ+

u -
Zustands von N2

+ 13 Photonen nötig sind (E = 18.75 eV), gilt für die Bildung des Ions fol-
gender Zusammenhang:

IN2
+
(B 2Σ+u ) ∝ (

1
∆τ

)
13

. (10.3)

Deswegen sollte das Maximum für die Bildung von N2
+(B 2Σ+

u) durch einen gänzlich nicht
resonanten Multiphotonenionisationsprozess bei der kürzesten Pulsdauer auýreten, d. h.
für den fourierlimitierten Puls. Man erwartet deswegen einen schnellen Abfall des Fluo-
reszenzsignals, symmetrisch zum ungechirpten Puls. Das steht nicht im Einklang mit der
experimentellen Beobachtung, die weder den schnellen Abfall des Signals zeigt noch eine
Symmetrie um den ungechirpten Puls. Vielmehr liegt das Symmetriezentrum der Fluore-
zenzintensität etwa bei −2750 fs2. Während für Chirps mit einer quadratischen Phase zwi-
schen −5000 fs2 und 0 fs2 eine vergleichbare Fluoreszenzintensität gemessen wird, fällt für
positive Chrips die Intensität stark ab. Das ist ein weiterer Indikator dafür, dass ein reso-
nanter Zwischenzustand im Ionisationsprozess eine entscheidende Rolle spielt.
Der Einfluss des Chirps auf Multiphotonenionisationsprozesse, die über resonante Zwi-

schenzustände ablaufen, wurde schon von Yakovlev et al. an I2 untersucht [230]. Hierin wer-
den mehrereMechanismen, die zu der beobachteten Chirpabhängigkeit des Fluoreszenzsi-
gnals führen können, diskutiert. Vor allem die Phasenstruktur eines Femtosekundenpulses
spielt eine entscheidende Rolle für die Bildung des Ions viaMultiphotonenionisation, wenn
Zwischenzustände involviert sind [230]. Es werden folgende Mechanismen vorgeschlagen,
die zu einer Verstärkung der Ionenausbeute führen können:
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Abbildung 10.9: Fluoreszenzintensität der Übergangs N2
+(B 2Σ+u , υ′ = 0) → N2

+(X 2Σ+g , υ′′ = 0) als Funk-
tion des linearen Chirps des 804-nm-Femtosekundenlaserpulses (blaue Punkte). Die rote Kurve zeigt die
berechnete Bildung von N2

+(B 2Σ+u) als Funktion der Pulsdauer unter der Annahme einer nicht resonanten
Multiphotonenionisation für einen fourierlimitierten Femtosekundenpuls nach Gleichung 10.3.

• Beim time-delay resonance-Mechanismus muss der Chirp des Laserpulses so einge-
stellt sein, dass die Zeitverzögerung zwischen den einzelnen Frequenzkomponenten
das im Zwischenzustand angeregte Wellenpaket weiter in den Endzustand anregen
kann.

• Beim wave packet following-Mechanismus wird angenommen, dass die energetische
Separation des Zwischenzustandes und des Endzustandes zeitabhängig ist. Dadurch
bewegt sich das Wellenpaket im Zwischenzustand auf einer nicht ebenen Potential-
fläche. Wenn der Chirp so eingestellt ist, dass er dieser zeitabhängigen energetischen
Separation folgen kann, dann wird das Wellenpaket e×ektiver in den Endzustand
transferiert.

• Der sequential resonance-Mechanismus beruht auf der Annahme, das durch den
Chirp die Frequenzen innerhalb des Laserpulses so geordnet sind, dass sie zu Be-
ginn des Pulses resonant zum Übergang zwischen Anfangszustand und Zwischen-
zustand sind und anschließend resonant zum Übergang vom Zwischenzustand zum
Endzustand.

Bei den ersten beiden Mechanismen ist die Bildung eines Schwingungswellenpakets in-
volviert. Da für den Zwischenzustand N2(a 1Πg) die Rotationskonstante Be = 1.6169 cm−1
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beträgt [228], die Bandbreite für sechs Photonen allerdings nur etwa 420 cm−1 ist, kann im
Zwischenzustand kein Schwingungszustand angeregt werden. Deswegen scheiden die bei-
den erstgenannten Mechanismen aus. Da bei dem sequential resonance-Mechanismus nur
die energetische Abfolge der involvierten Zuständen eine Rolle spielt und ohne ein Schwin-
gungswellenpaket im Zwischenzustand auskommt, kann damit plausibel erklärt werden,
wie die Chirpabhängigkeit in Abbildung 10.9 zustande kommt. Beim letztgenannten Me-
chanismus kann eine leichteVerschiebung des Zwischenzustandes, die vergleichbar mit der
zur Verfügung stehenden Bandbreite ist, beobachtet werden. Diese Verschiebung kann die
EÚzienz eines Multiphotonenionisationsprozess so beeinflussen, dass ein Maximum für
einen positiven Chirp beobachtet wird, wenn die Verschiebung positiv ist und für einen
negativen Chirp ein Maximum beobachtet wird, wenn die Verschiebung negativ ist [231].
Deswegen lassen die experimentellen Ergebnisse auf eine negative Verschiebung des a 1Πg-
Zwischenzustandes schließen. Das ist in guter Übereinstimmung mit der Annahme einer
Blauverschiebung des a 1Πg-Zwischenzustandes aufgrund des Stark-Verschiebung durch
den intensiven Femtosekundenlaserpuls.
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11 Kontrolle der ultraschnellen
dissoziativen Ionisation von
Brom-Chlor-Alkanen

11.1 Einführung

Experimente mit ultrakurzen Laserpulsen an Molekülen haben nicht nur das Ziel, die
Wechselwirkung zwischen Laser und Molekül besser zu verstehen, sondern richten sich
verstärkt an das Interesse, laserinduzierte Prozesse direkt kontrollieren zu können [95, 185].
Erfolge konnten bisher durch den Einsatz von steuerbaren Pulsformern in rückgekoppelten
Experimenten erzielt werden, bei denen durch evolutionäreAlgorithmen optimale Pulsfor-
men gefunden wurden, mit denen Prozesse wie molekulare Fragmentation [232, 233] oder
die Erzeugung höherer Harmonischer [234] kontrolliert werden konnten. Neben der Mög-
lichkeit, die Dynamik molekularer Prozesse direkt zu kontrollieren ist es wünschenswert,
die zugrundeliegenden physikalischen Mechanismen zu verstehen. Es ist beispielsweise be-
reits gelungen, die gefundenen Pulsformen mit der Dynamik elektronischer Prozesse in
Alkalidimeren zu korrelieren [235]. Es wurde auch gezeigt, wie es mit Hilfe von Pulsfor-
mungsexperimenten möglich ist, die Quantenausbeute bei der Erzeugung höherer Harmo-
nischer um eine Größenordnung zu erhöhen [236], das Spektrum der emittierten Harmo-
nischen zu beeinflussen [237] sowie durch geformte weiche Röntgen-Strahlung chemisch-
physikalische Prozesse kohärent zu kontrollieren [234].
Die Photodissoziationsdynamik von halogenierten Kohlenwassersto×en besaßen in den

letzten Jahrzehnten wegen ihres Potentials, Ozon in der Atmosphäre abzubauen ein erheb-
liches wissenschaýliches Interesse [238, 239]. Vor allem polyhalogenierte Kohlenwasser-
sto×e sind aufgrund ihrer zahlreichen Fragmente und komplexen Dissoziationskanäle in-
teressant für theoretische oder experimentelle Untersuchungen. Als einfaches Molekül mit
mehreren Halogensubstituenten wurde bisher CH2BrCl untersucht. Gerber und Mitarbei-
ter haben gezeigt, wie durch Pulsformungsexperimente die Spaltung der stärkeren gegen-
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über der schwächeren Halogenbindung um 100% erhöht werden konnte [232]. Allerdings
gelang es hier nicht, aus der Analyse der optimierten Pulsformen auf einen spezifischen
Fragmentationsmechanismus zu schließen. Die Arbeitsgruppen von Wöste undManz ha-
ben am Beispiel CpMn(CO)3 eindrucksvoll gezeigt, wie durch Kombination von experi-
mentellen Ergebnissen und theoretischen ab initio-Rechnungen ein solcher Fragmentati-
onsmechanismus decodiert werden kann [36].

Irimia et al. haben gezeigt, wie sich nach Ionisation von CH2BrCl durch linear gechirp-
te Femtosekundenpulse das Verhältnis CH2Cl+ : CH2BrCl+ um den Faktor 5 verändern
lässt [240]. Durch eine systematische Studie einer homologen Serie solcher Alkylhaloge-
nide können die zugrundeliegenden Kontrollmechanismen aufgeklärt werden. Die Unter-
suchung von 1-Brom-2-Chlorethan (C2H4BrCl) und 1-Brom-3-Chlorpropan (C3H6BrCl)
kann deswegen ein größeres Verständnis der dissoziativen Ionisationsdynamik polyhaloge-
nierter Kohlenwassersto×e ermöglichen. Die experimentellen Befunde können dabei ins-
besondere herausstellen, welchen Einfluss die Länge der Alkylkette, bzw. die Trennung der
beiden Halogensubstituenten auf diese Dynamik haben.

In der Zeitdomäne können Fragmentationsprozesse nach Ionisation durch intensive La-
serfelder in Anregungs-Nachweis-Experimenten untersucht werden [40, 241]. Dabei kann
die Wellenpaketbewegung auf der Potentialhyperfläche des Ions die Fragmentationsdy-
namik nach Ionisation durch einen intensiven Femtosekundenlaserpuls stark beeinflus-
sen, wenn niedrig liegende, ionische Zustände resonant zum Nachweislaserpuls sind [242].
Auch die Arbeitsgruppe um Weinacht zeigte, dass ionische Resonanzen eine wichtige Rol-
le bei der Ionisation von kleinen Molekülen durch intensive Laserpulse spielen [243, 244].
Durch dieselbe Arbeitsgruppe wurde auch die Fragmentationsdynamik von halogeniertem
Aceton durch Anregungs-Nachweis-Experimente mit intensiven ultrakurzen Laserpulsen
untersucht [245–247]. Vor kurzem wurde die dissoziative Ionisation von Dibrommethan
mit intensiver 800-nm-Laserstrahlung mit Hilfe von Absorptionsspektroskopie durch ul-
trakurze, weiche Röntgenstrahlung untersucht [248].
Durch die Kombination von Pulsformungsexperimenten mit Anregungs-Nachweis-

Experimenten wird es möglich, die komplexe Phasenstruktur solcher optimalen Pulsfor-
men aus der Frequenzdomänemit den Trajektorien auf der ionischen Potentialhyperfläche
in der Zeitdomände zu korrelieren. Dadurch gelangt man zu einem tieferen Verständnis
der zugrundeliegenden Fragmentationsdynamik, bei der resonante Zwischenzustände des
Ions involviert sind.
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11.2 Experimentelle Ergebnisse

11.2.1 Kinetische Energie von Fragmentionen

Abbildung 11.1 zeigt ein Massenspektrum von C2H4BrCl nach Multiphotonenionisation
durch einen 800-nm-Laserpuls. Zu sehen sind das Ion des Moleküls C2H4BrCl+ als auch ei-
nige Fragmente, die durch ionische Fragmentation entstanden sind, wie C2H4Br+, CH2Br+,
Br+, C2H4Cl+, CH2Cl+, Cl+, C2H3

+, CH2
+, CH+, C+ und H+.

Eine genauere Analyse der gebildeten Kationen zeigt, dass einige der gebildeten Frag-
mentionen eine kinetische Energie besitzen, die im Vergleich zur thermischen Energie si-
gnifikant erhöht ist. Die Fragmente Br+ und Cl+ zeigen die höchste kinetische Energie,
da die zugehörigen Massensignale auf der Flugzeitskala aufgespalten sind. Die genaue Be-
stimmung der kinetischen Energie wird dadurch erschwert, dass die Signale von beiden
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Abbildung 11.1: Massenspektrum von C2H4BrCl nach Multiphotonenionisation durch einen 804-nm-
Laser-puls. Die Pulsenergie betrug 27 µJ, die Pulslänge 85 fs.
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11 Kontrolle der dissoziativen Ionisation von Brom-Chlor-Alkanen

Halogenkationen aus zwei Isotopen zusammengesetzt sind. Die kinetische Energie wird er-
mittelt, indem diese Überlagerung der Massensignale durch eine Anpassung an vierGauß-
Funktionen entfaltet wird. Aus dem Abstand der erwarteten Werte zweier zusammenge-
höriger Isotopensignale wird mit Hilfe von Gleichung 3.5b die kinetische Energie des Mas-
sensignals bestimmt. Abbildung 11.2 zeigt für die Fragmente Br+ und Cl+ die Auswertung.
Durch dieses Verfahren lassen sich für einzelne ionische Fragmente die in Tabelle 11.1 ge-
zeigten Werte für die kinetische Energie ermitteln. Als Quelle kommen doppelt geladene
Ionen infrage, die durch Coulomb-Explosion Fragmente mit einer kinetischen Energie von
einigen Elektronenvolt bilden [113, 249]. Dabei wird eine Richtungsabhängigkeit parallel
zum Vektor des elektrischen Laserfeldes erwartet. Eine Aufspaltung der Massensignale be-
obachtet man nur dann, wenn das elektrische Laserfeld außerdem parallel zur Flugrichtung
der Ionen orientiert ist. Dieses Auswerteverfahren kann dadurch überprüý werden, indem
aus den entfalteten Beiträgen die natürliche Isotopenverteilung bestimmt wird. Man ge-
langt dabei für Chlor zu 35Cl : 37Cl = 76 : 24 und für Brom zu 79Br : 81Br = 49 : 51. Da der
oben erwähnten Richtungsabhängigkeit ein isotroper Untergrund überlagert ist, muss für
diese Isotopenbestimmung von einer Fehlergrenze von ±2% ausgegangen werden. Das aus
den Maxima derGauß-Anpassungen bestimmte Isotopenverhältnis stimmt in diesem Rah-
men mit dem natürlichen Isotopenverhältnis von 35Cl : 37Cl = 75.77 : 24.23 und 79Br : 81Br =
50.69 : 49.31 überein [250].
Ähnlich den Halogenkationen zeigen auch die Kationen C+, CH+ und CH2

+ eine signi-
fikante, kinetische Energie. Allerdings ist diese nicht so hoch wie bei den Halogenkatio-
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Abbildung 11.2: Entfaltung der Massensignale Br+ und Cl+ durch Anpassung an Gauß-Funktionen. So-
wohl das Signal von Br+ als auch dasjenige vonCl+ besteht aus einer Überlagerung von vier einzelnen Mas-
sensignalen, die aus der Aufspaltung aufgrund der kinetischen Energie jeweils zweier Isotope resultieren.
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11.2 Experimentelle Ergebnisse

Tabelle 11.1: Kinetische Energie (KER für kinetic energy release) einiger ionischer Fragmente von
C2H4BrCl nach Multiphotonenionisation durch einen 800-nm-Laserpuls.

Kation KER/eV
C+, CH+, CH2

+ 0.6 ± 0.1 eV
Cl+ 3.6 ± 0.2 eV
Br+ 1.9 ± 0.1 eV

nen. Deswegen führt sie nicht zu einer Aufspaltung der Massensignale, sondern nur zu
einer Signalverbreiterung. Die Breite des Signals setzt sich dann aus der experimentellen
Verbreiterung, der Verbreiterung, die aus der thermischen Energie des Ions resultiert und
der Breite aus der kinetischen Energie aufgrund von Coulomb-Abstoßungsprozessen zu-
sammen. Die experimentelle und die Verbreiterung aus der thermischen Energie des Ions
können aus der Breite des molekularen Kations bestimmt werden, da hier keine Coulomb-
Explosionen stattfinden. Allerdings lassen sich beide Anteile nicht separat ermitteln. Da
jedoch der theoretische Wert für die kinetische Energie der translatorischen Freiheitsgra-
de εtrans =

3
2 kT = 38meV beträgt, lässt sich daraus mit Gleichung 3.4 die erwartete Sin-

galbreite im Flugzeitmassenspektrum berechnen. Für das Ion C2H4BrCl+ erwartet man
einen Wert von etwa 22 ns. Der aus den experimentellen Daten mittels Gauß-Anpassung
bestimmteWert liegt bei 20±2 ns und stimmt damit genau mit dem Wert der thermischen
Energieverteilung überein. Man kann daraus schließen, dass die Signalbreite des Flugzeit-
massenspektrums hauptsächlich durch die thermische Energie der Ionen bestimmt ist. Die
bestimmten kinetischen Energien dieser Kationen sind auch in Tabelle 11.1 gezeigt. Die
Fragmente C+, CH+ und CH2

+ sind zusammen mit den Gauß-Anpassungen in Abbildung
11.3 gezeigt.

Betrachtet man die kinetische Energie der Halogenkationen, dann sieht man, dass das
Chlorkation eine höhere kinetische Energie trägt als das Bromkation.Das steht imEinklang
mit Gleichung 3.8, die bei gleichem Impuls zweier Kationen für das leichtere eine höhere
kinetische Energie voraussagt. Dieses Gesetz wird allerdings für die noch leichteren CHx-
Kationen gebrochen, für die nur noch eine kinetische Energie von 0.6 eV gefunden wird.
Als Grund kommt hierfür beispielsweise dieMöglichkeit in Betracht, dass neben geladenen
Fragmenten auch ungeladene entstehen, auf die ein Teil der kinetischen Anregungsenergie
abfällt. Wenn die Coulomb-Explosion inelastisch erfolgt und dabei auch rotatorische oder
vibratorische Freiheitsgrade angeregt werden, so macht sich diese Anregung im Flugzeit-
massenspektrum durch eine verringerte kinetische Energieverteilung bemerkbar.
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Abbildung 11.3: Massensignale der ionischen Fragmente C+, CH+ und CH2
+. Die kinetische Energie der

Fragmente wurde bestimmt, indem eine Gauß-Funktion an das Massensignal angepasst wurde und die
experimentelle Signalbreite aus der so erhaltenen Halbwertsbreite entfaltet wurde.

Für die Coulomb-Explosion von Propan nach Multiphotonenionisation durch einen in-
tensiven 800-nm-Femtosekundenlaserpuls wird ein zweistufiger Prozess vorgeschlagen
[249], allerdings sind dort die Laserintensitäten mit 1015 W/cm2 um bis zu zwei Größen-
ordnungen höher als in den hier vorgestellten Experimenten. Da selbst eine isotrope Ver-
teilung des Impulsvektors der ionischen Fragmente eine Aufspaltung der Massensignale
verursacht, kann alleine aus dieser Beobachtung nicht zwischen einem konzertierten und
einem mehrstufigen Fragmentationsprozess unterschieden werden.
Das Molekül C2H4BrCl besitzt eine gewinkelte Geometrie, die Halogensubstituenten lie-

gen bei Raumtemperatur in einer Mischung aus trans- und gauche-Konformer vor [251].
Der Anteil des in Abbildung 11.4 gezeigten, energetisch günstigeren trans-Konformers liegt
dabei bei Raumtemperatur unter 20%[251]. Falls bei einer Coulomb-Explosion, bei der

Abbildung 11.4: Molekülgemometrie von C2H4BrCl. In der energetisch niedrigsten Konformation besit-
zen die Halogensubstituenten Br und Cl eine trans-Anordnung [251].
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11.2 Experimentelle Ergebnisse

ein Halogenkation vom Rest des Moleküls getrennt wird, der Ladungs- und der Masse-
schwerpunkt nicht zusammenfallen, dann zeigt der Impulsvektor nicht in Richtung des
Schwerpunktes des zurückbleibenden Kations. Die Rückstoßkraý induziert dadurch keine
rein translatorische Anregung, sondern auch eine Anregung der Rotation des molekularen
Fragments. Dadurch ist die Aufspaltung der Signale im Massenspektrum reduziert.

Durch die Wechselwirkung mit intensiven Laserfeldern werden σ-Elektronen in σ∗-
oder Kontinuumsorbitale angeregt [249]. Die dadurch entstehenden Kationen sind äu-
ßerst instabil. Kommt es zu einer Coulomb-Explosion, bei der eine Halogenbindung ge-
brochen wird und ist die C–C-Bindung durch eine solche σ-Anregung geschwächt, so kann
es durch die Rückstoßkraý zu einem Bruch der C–C-Bindung kommen [249]. Das CHx-
Fragment erhält dadurch einen Anteil des Impulses, der nicht auf die rotatorische Anre-
gung übertragen wird. Auf diese Weise lässt sich die geringe translatorische Anregung der
CHx-Fragmente verstehen, diemit 0.6 eV kleiner ausfällt als sie bei unsubstituiertemEthan
beobachtet wird [252]. Hier werden nach Ionisation von C2H6 bei Intensitäten im Bereich
1015 W/cm2 für das C+-Fragment eine translatorische Anregung von 3.3 eV gemessen [252].

Bei den in diesen Experimenten verwendeten Intensitäten spielt die Doppelionisation
eine untergeordnete Rolle. Das zeigt auch der Vergleich mit Massenspektren von unsub-
stituiertem Ethan bei einer Intensität von 1.2 × 1016 W/cm2 [252]. Hier wird eine gänzlich
andere Intensitätsverteilung beobachtet. Geht man davon aus, dass die gebildeten Halo-
genionen vollständig aus der Doppelionisation stammen, dann lässt sich eine Obergrenze
von 8% für diesen Prozess abschätzen.

Von den verschiedenen Massensignalen von C2H4BrCl zeigen nur die zwei Halogenka-
tionen sowie die CHx-Fragmente (x = 0, 1, 2) eine singifikante translatorische Anregung.
Da bei den hier verwendeten Intensitäten das Molekül nur in einem sehr geringen Ausmaß
doppelt ionisiert wird, lässt sich daraus ableiten, dass eine Coulomb-Explosion immer ein
geladenes Halogenfragment generiert. Das zweite geladene Fragment fragmentiert in der
Folge weiter, wobei die Ladung auf dem CHx-Fragment verbleibt, das aufgrund der wei-
teren Fragmentation eine geringere translatorische Anregung zeigt. Da die Bindungslänge
der C–Br-Bindung (193 pm) im Vergleich mit der C–Cl-Bindung (178 pm) größer ist [253],
fällt im ersten Fall bei einer Coulomb-Explosion aufgrund der größeren Ladungsseparie-
rung die kinetische Anregung geringer aus.
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11.2.2 Fragmentationskontrolle durch geformte Laserpulse

Umdie dissoziative Ionisation der Brom-Chlor-Alkane C2H4BrCl und C3H6BrCl zu unter-
suchen, wurden Experimente durchgeführt, bei denen versucht wurde, mit Hilfe von ge-
formten Femtosekundenlaserpulsen das Fragmentationsmuster des Massenspektrums der
beiden Verbindungen zu steuern. Massenspektren der beiden durch ungeformte Laserpul-
se ionisierte Verbindungen sind in Abbildung 11.5 gezeigt. Dazu wurden Experimente mit
rückgekoppelten genetischen Algorithmen durchgeführt. Es wurde versucht, das Verhält-
nis zweier ausgewählter ionischen Fragmente zu optimieren. Als Optimierungsfunktion
wurde

F = (IFrag+1 − I0
Frag+1

) (I0
Frag+2

− IFrag+2 ) (11.1)

gewählt. Der Wert der Funktion wird größer Null, wenn die Signalintensität I im Massen-
spektrum eines der beiden ionischen Fragmente Frag+1 oder Frag+2 nach Ionisation durch
den geformten Laserpuls abnimmt, während die des anderen zunimmt. Dabei wird die-
se Änderung jeweils relativ zur Signalintensität des ungeformten Laserpulses I0 gemessen.
Die Optimierungsfunktion gibt hierbei nicht vor, welches der beiden betrachteten Signale
zunehmen bzw. abnehmen soll. Ist Frag+1 das Muttermolekül, bedeutet das, dass sowohl ei-
ne verstärkte als auch eine verminderte Fragmentierung ein positives Rückkopplungssignal
liefert. Es können also drei verschiedene Fälle unterschieden werden:

• F < 0: Der geformte Puls bedingt auf beiden betrachteten Massekanälen eine Zu-
nahme oder Abnahme relativ zum ungeformten Puls.
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Abbildung 11.5: Massenspektrum vonC2H4BrCl (a) undC3H6BrCl (b) nach Ionisation mit einem fourier-
limitierten Laserpuls. Die Pulsenergie lag bei etwa 27 µJ, die Intensität im Laserfokus in der Größenord-
nung 6 × 1014 W/cm2.
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11.2 Experimentelle Ergebnisse

• F = 0: Eine Optimierung findet nicht statt. Mindestens einer der beiden Faktoren
aus Gleichung 11.1 ist Null. Als Ergebnis eines Optimierungsexperiments bedeutet
das, dass keine Pulsform gefunden wurde, die das Verhältnis der betrachteten Mas-
senfragmente im oben genannten Sinne beeinflusst. Anders ausgedrückt: Die opti-
mierte Pulsform entspricht genau dem ungeformten, transformlimitierten Puls, wel-
cher bereits das bestmögliche Ergebnis liefert.

• F > 0: Der optimierte Puls verursacht relativ zum ungeformten Puls eine Zunahme
auf einem Massenkanal und eine Abnahme auf dem zweiten.

In Tabelle 11.2 sind die Fragmente gezeigt, deren Signalintensitäten in den Optimierungs-
experimenten gegeneinander optimiert wurden. Abbildung 11.5 zeigt Massenspektren von
C2H4BrCl und C3H6BrCl nach Ionisation durch einen Laserpuls, der zwar den Aufbau des
Pulsformers durchlief, von diesem jedoch nicht geformt wurde. Die vorherrschenden Mas-
sensignale sind C2H3

+ (m/z = 27) und C2H4Cl+ (m/z = 63,65) für C2H4BrCl und C2H3
+ (m/z

= 27), C3H3
+ (m/z = 39), C3H5

+ (m/z = 41) und CH2Cl+ (m/z = 49, 51) für C3H6BrCl. Zusätz-
lich zeigen die Massenpektren beider Moleküle noch mehrere schwächere Signale.

In Abbildung 11.6 sind für die Optimierung von C3H3
+ gegenüber C3H6BrCl+ die mit

Gleichung 11.1 berechneten Fitnesswerte gezeigt (a), sowie Massenspektren beider Ionen-
signale nach Ionisation mit einem ungeformten Laserpuls und dem optimierten Laserpuls
(b). Es ist zu sehen, dass es zu einer verstärkten Bildung des Ions C3H3

+ kommt bei gleich-
zeitiger Abnahme des Ions des Muttermoleküls. Dabei steht die in Abbildung 11.6 gezeigte
Fortschrittskurve stellvertretend für alle durchgeführten Optimierungsexperimente, die in
der Tabelle 11.2 aufgeführt sind. Dadurch, dass durch einen geformten Laserpuls immer die
maximale Intensität gegenüber einem fourierlimitierten Puls heruntergesetzt wird, liegt die
totale Ionenausbeute, die nach Ionisation durch einen geformten Laserpuls aufgenommen

Tabelle 11.2: Übersicht über die in den Optimierungsexperimenten vonC3H6BrCl undC2H4BrCl gewähl-
ten ionischen Fragmente.

C3H6BrCl C2H4BrCl

CH2Br+ C3H6BrCl+ CH2Br+ C2H4BrCl+

CH2Cl+ C3H6BrCl+ CH2Br+ C2H4Cl+

C3H5
+ C3H6BrCl+ CH2Br+ C2H2

+

C3H3
+ C3H6BrCl+ C2H3

+ C2H4Cl+

C2H3
+ C3H6BrCl+
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Abbildung 11.6: Optimierung der in Gleichung 11.1 gezeigten Funktion für die Fragmente C3H3
+ und

C3H6BrCl+: (a) Fortschritt der Fitness, die dem Rückgabewert der Funktion entspricht; (b) Massenspek-
tren beider Ionensignale nach Ionisation durch einen fourierlimitierten Laserpuls (schwarz) bzw. den op-
timierten Laserpuls (rot). Innerhalb eines Spektrums wurde dabei auf die Summer aller Massensignale
normiert.

wurde, immer niedriger als bei einem fourierlimitierten Laserpuls. Um dies auszugleichen,
wurde die Summe aller Massensignale eines Massenspektrums normiert. Abbildung 11.6b
zeigt aus diesem Grund die relative Photoionenverteilung.
Das Verhältnis der Massensignale für C3H3

+ und C3H6BrCl+ ändert sich von 1.6±0.2 für
einen ungeformten Puls auf 8.2±0.2 für den optimierten Puls. Die einzelnen in Abbildung
11.5 gezeigten Massensignale können in zwei Klassen eingeteilt werden, die sich unabhän-
gig von den in den Optimierungsexperimenten gewählten Fragmenten Frag+1 und Frag+2
in die gleiche Richtung verändern, d. h. entweder durch den optimierten Puls verstärkt ge-
bildet oder abgebaut werden. ImGegenschluss lassen sich zwei Fragmente aus der gleichen
Klasse nicht gegeneinander optimieren. In diesem Fall sind die Massensignale des opti-
mierten Pulses und des ungeformten Pulses gleich. Daraus ergibt sich aus Gleichung 11.1
ein maximaler Fitnesswert von Null.
Die optimierten Laserpulse wurden durch ein Kreuzkorrelationsexperiment mit einem

ungeformten Laserpuls charakterisiert. Abbildung 11.7 zeigt die zeitliche Intensitätsvertei-
lung eines optimierten Laserpulses, die mit Hilfe eines solchen Kreuzkorrelationsexperi-
ment bestimmt wurde. Die Zeitstruktur der Intensität des optimierten Laserpulses zeigt
einen intensiven Hauptpuls sowie einige weniger intensive Subpulse, deren prominentes-
ter dem Hauptpuls im Abstand von etwa 0.5 ps nachfolgt.
Die relative Intensitätsänderung, die ein solcher optimierter Laserpuls im Vergleich zu

einem fourierlimitierten Laserpuls hervorruý, wurde ermittelt. Dabei zeigt sich, das un-
abhängig von den gewählten ionischen Fragmenten, deren Intensitätsänderung optimiert

150



11.2 Experimentelle Ergebnisse

0

re
l. 

In
te

ns
itä

t

–1.2 –0.8 –0.4 0.0 0.4 0.8
Zeitverzögerung / ps

Anstiegsflanke

Abbildung 11.7: Mit Hilfe einer Kreuzkorrelation mit einem fourierlimitierten Laserpuls rekonstruierte
Intensitätsverteilung des optimierten Laserpulses. Es wurden die Ionen C3H3

+ und C3H6BrCl+ mit der in
Gleichung 11.1 gezeigten Funktion optimiert. Die Massensignale sowie die zugehörige Fitnesskurve sind
in Abbildung 11.6 gezeigt.

wurde, das Ergebnis vergleichbar ausfiel, solange die ionischen Fragmente aus den oben er-
wähnten, unterschiedlichen Klassen gewählt wurden. Abbildung 11.8 zeigt diese Resultate,
wobei nur dieMassensignalemit der größtenÄnderung berücksichtigt wurden. Als zweites
Massensignal wurde immer das des Muttermoleküls gewählt. Die Fragmente C3H6BrCl+,
C3H6Cl+ und C3H5Cl+ zeigen immer eine Abnahme, während die Fragmente CH2Br+,
CH2Cl+, C3H3

+ und C2H3
+ eine Zunahme zeigen – jeweils gemessen relativ zum Massensi-

gnal des fourierlimitierten Puls. Die beiden Faktoren der Optimierungsfunktion aus Glei-
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gegen das Mutterion optimiert.
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11 Kontrolle der dissoziativen Ionisation von Brom-Chlor-Alkanen

chung 11.1 repräsentieren dabei die Zunahme bzw. Abnahme des Ionensignals als Folge
des geformten Laserpulses. Der optimierte Laserpuls verursacht demnach eine verstärkte
Fragmentation des Ions. Das kann nicht auf eine höhere Spitzenintensität zurückgeführt
werden, da die maximale Intensität nur für einen ungeformten, d. h. fourierlimitierten La-
serpuls erreicht wird. Anders ausgedrückt wird die Spitzenintensität eines Laserpulses mit
arbiträrer, nicht konstanter Phase zwangsläufig herabgesetzt.

Ähnliche Experimente wurden auch mit 1-Brom-2-Chlorethan C2H4BrCl durchgeführt,
wobei gleichfalls die in Gleichung 11.1 gezeigte Optimierungsfunktion verwendet wurde.
Die Fragmente, deren relative Intensitätsänderung optimiert wurde, sind in Tabelle 11.2
aufgeführt.

Die relativen Änderungen sind in Abbildung 11.9 gezeigt. Hier zeigt sich, dass ebenso
wie bei C3H6BrCl die Intensität der analogen Fragmente C2H4BrCl+ undC2H4Cl+ herabge-
setzt wird bei gleichzeitiger verstärkter Bildung der Fragmente CH2Br+, CH2Cl+ undC2H3

+.
Allerdings verursacht der optimierte Laserpuls auch weitere Fragmentation von C2H2

+ zu-
gunsten der kleineren Fragmente CH+ und C+. Die Intensität der Fragmente C2H4Br+ und
C2H4

+ bleibt durch den optimierten Laserpuls weitgehend unbeeinflusst. Allerdings ist der
Optimierungse×ekt nicht so ausgeprägt wie im Fall des C3H6BrCl. So nimmt für die Op-
timierung der Fragmente CH2Br+ und C2H4BrCl+ das Verhältnis der Massensignale nur
von 0.64 ± 0.02 auf 0.89 ± 0.02 zu. Das entspricht einer Veränderung um etwa 40% im
Vergleich zum ungeformten Puls. Damit ist der Optimierungse×ekt beim C3H6BrCl etwa
10 mal stärker, da dort eine Veränderung um etwa 410% beobachtet wird.
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Der Verlauf der Fitness für die jeweiligen Optimierungen ist in Abbildung 11.10 gezeigt.
Die Kurven zeigen einen ähnlichen Verlauf für alle Optimierungen. Die Konvergenzzeit
liegt bei ungefähr 40–110 Generationen.

Abbildung 11.11 zeigt die den zeitlichen Intensitätsverlauf der optimierten Pulse, die
mit Hilfe eines Kreuzkorrelationsexperiments 2. Ordnung charakterisiert wurden. Da der
Optimierungse×ekt etwa eine Größenordnung schwächer ist als in den Experimenten
mit C3H6BrCl, ist auch die genaue Form der Kurven schwer zu interpretieren. Es zeigt
sich jedoch, dass für alle Optimierungen ein intensiver Hauptpuls zu beobachten ist.
Zu späteren Zeiten folgt diesem noch Laserintensität nach. So ist für die Optimierung
CH2Br+/C2H4BrCl+ eine Struktur aus nachfolgenden Subpulsen zu sehen, während für die
anderen beiden Fälle eine breitere Intensitätsverteilung beobachtet wird. Wie später noch
gezeigt wird, ist für C2H4BrCl der genaue Zeitpunkt für die Fragmentation nicht so kritisch
wie für C3H6BrCl (s. Kapitel 11.2.4 auf Seite 166).

Zusammenfassend lässt sich feststellen, dass sich mit Hilfe der rückgekoppelten Opti-
mierungsexperimente das Fragmentationsmuster der Moleküle C2H4BrCl und C3H6BrCl
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Abbildung 11.10: Fortschrittsverlauf unterschiedlicher Optimierungsexperimente von C2H4BrCl
(schwarz: C2H2

+/CH2Br+, blau: CH2Br+/C2H4BrCl+, rot: C2H3
+/C2H4Cl+). Für die einzelnen Op-

timierungen resultiert unabhängig von den gewählten ionischen Fragmenten ein vergleichbarer
Fortschrittsverlauf.
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Abbildung 11.11: Charakterisierung der optimierten Pulsformen mit Kreuzkorrelationsexperimenten. In
allen Fällen ist die Laserintensität zeitlich so verteilt, dass einem intensiven Hauptpuls ein geringererAnteil
nachfolgt.

stark beeinflussen lässt. Die ionischen Fragmente lassen sich in zwei Klassen einordnen,
diejenigen, die durch den optimierten Laserpuls abnehmen und diejenigen, die zunehmen.
Solange Fragmente aus den unterschiedlichen Klassen gewählt werden, ließ sich der Opti-
mierungse×ekt bei allen Fragmenten aus den beiden Klassen feststellen. Um zu überprüfen,
welchen Einfluss die Separierung der Subpulse vom Hauptpuls hat, wurden zeitaufgelöste
Anregungs-Nachweis-Messungen durchgeführt.

11.2.3 Anregungs-Nachweis-Experimente mit

800-nm-Laserpulsen

In den Anregungs-Nachweis-Experimenten folgt auf einen intensiven ersten Laserpuls,
der das Molekül ionisiert, ein zweiter weniger intensiver, der das Ion weiter anregt. Das
soll die Ergebnisse simulieren, die aus der Charakterisierung der Laserpulse der Optimie-
rungsexperimente gefunden wurden. Die Pulsenergie des zweiten Laserpuls ist mit 11 µJ
so niedrig gewählt, dass zum einen durch diesen Puls alleine keine Ionen erzeugt werden,
zum anderen bei negativen Zeitverzögerungen im Vergleich zum Ionisationslaserpuls kei-
ne zusätzlichen Ionen erzeugt werden. Die Spitzenintensitäten am Fokalpunkt werden auf
6 × 1013 W/cm2 für den intensiveren Ionisationslaserpuls und auf 2 × 1013 W/cm2 für den
etwas schwächeren Fragmentationslaserpuls geschätzt.
Abbildung 11.12 zeigt das Ionensignal der Fragmente C2H4BrCl+, C2H4Cl+, C2H3

+ und
C2H2

+ als Funktion der Zeitverzögerung zwischen Ionisations- und Fragmentationslaser-
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puls. Die Intensität der Ionenausbeuten zeigt für kurze Zeitverzögerungen einen dynami-
schen Bereich, in dem die einzelnen Fragmente bevorzugt gebildet oder abgebaut werden
können. Für längere Zeitverzögerungen konvergieren die Kurven gegen einen festen Wert.
Bei T0 zeigen die Ionenausbeutekurven außerdem ein Korrelationssignal. Diese Dynamik
lässt sich in zwei Beiträge auýeilen, die in Abbildung 11.12 blau gestrichelt eingezeichnet
sind. Die beiden Beiträge lassen sich durch zwei verschiedene kinetische Prozesse mathe-
matisch beschreiben:

A k1
Ð→ B k2

Ð→ C (11.2a)

A
k′1
Ð→ B (11.2b)

Dabei stellt B das entsprechende Ionensignal dar, dessen zeitliche Entwicklung in Abbil-
dung 11.12 gezeigt ist und das durch zwei unabhängige Prozesse mit zwei Zeitkonstanten k1

und k′1 gebildet oder abgebaut werden kann. Der eine Prozess beschreibt dabei den dyna-
mischen Bereich bei kurzen Zeitverzögerungen, insbesondere die resonante Bildung oder
den resonanten Abbau bei etwa 0.5 ps. Der zweite Prozess beschreibt das Verhalten des Io-
nensignals für lange Verzögerungszeiten, d. h. vor allem die Konvergenzintensität des Io-
nensignals am Punkt B in Abbildung 11.12.

Auch Rosenberg et al. beschreibt die zeitabhängige Entwicklung verschiedener Frag-
mentkationen im Massenspektrum von Amylnitrit nach nach Multiphotonionisation mit
Hilfe monoexponentieller Dynamik [254]. Man muss sich allerdings im Klaren sein, dass
die Erklärung der Fragmentationsdynamik mit Hilfe dieses einfachen kinetischen Modells
schnell an Grenzen stößt. Es lässt sich damit jedoch anschaulich demonstrieren, dass durch
die zusätzliche Energie, die der Nachweispuls in das ionische System einbringt, die innere
Anregungsenergie erhöht wird, was für lange Verzögerungszeiten letztendlich zu einer an-
deren, durch Gleichung 11.2b wiedergegebenen Signalintensität der jeweiligen Ionen führt.
Auf der anderen Seite setzt sich das Ionensignal im Bereich der dynamischen Überhöhung
sicherlich aus vielen resonanten Prozessen zusammen, da für mehratomige Moleküle die
Zustände sehr dicht liegen [255]. Der resonante Beitrag wird deswegen nur dann gut durch
Gleichung 11.2a beschreiben, wenn seine Teilbeiträge einen ähnlichen zeitlichen Verlauf
zeigen.

Für lange Zeitverzögerungen zwischen dem intensiven Ionisationslaserpuls und dem
Fragmentationslaserpuls ist die durch den Fragmentationslaserpuls induzierte Zu- oder
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Abbildung 11.12: Ionenausbeutekurven einzelner, ausgewählter Fragmente von C2H4BrCl als Funktion
der Zeitverzögerung zwischen Ionisations- und Fragmentationslaserpuls (schwarze Kreise). Die Signal-
intensität nach T0 kann in zwei Beiträgen separiert werden (blau gestrichelt), deren Summe (rot) ein Ma-
ximum (A) aufweist und die für langeVerzögerungszeiten gegen einen zeitunabhängigen Wert (B) konver-
giert. Das Ionenausbeute von C2H4BrCl+ zeigt für kleine Verzögerungszeiten ein gedämpýes Wellenpaket
(grün).
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Abnahme der einzelnen Massenkanäle zeitlich unabhängig. Abbildung 11.13 stellt für eini-
ge ausgewählte Massenkanäle mit den signifikantesten Änderungen diese zeitunabhängige
Di×erenz der Di×erenz am Maximum gegenüber. Die beiden Werte wurde jeweils bei den
mit A und B bezeichneten Stellen in Abbildung 11.12 bestimmt. Durch den zweiten, weniger
intensiven Laserpuls wird zusätzliche Energie in das ionische System gebracht. Das führt zu
einem anderen Fragmentationsmuster, bei dem ionische Fragmente, die eine höhere Auf-
trittsenergie besitzen, verstärkt gebildet werden können. Diese Bildung ist am Besten bei
großen Zeitverzögerungen zu sehen, da dort die Di×erenz zeitlich unabhängig ist. So ist
zu verstehen, dass Fragmente, die eine höhere Auýrittsenergie besitzen, verstärkt gebildet
werden, während Fragmente mit einer niedrigeren Auýrittsenergie geringere Ionensignale
generieren.
Die zeitabhängigen Ionenausbeuten von C3H6BrCl sind in Abbildung 11.14 gezeigt.

Ähnlich wie bei C2H4BrCl ist neben einem Korrelationssignal bei einer Verzögerungszeit
∆t = 0 ein dynamischer Bereich für kurze Verzögerungszeiten zu sehen. Für langeVerzöge-
rungszeiten konvergieren diese Kurven gegen einen festen Wert. Abbildung 11.15 zeigt die
Veränderungen der einzelnen Ionenkanäle, die durch den zweiten Puls verursacht werden.
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Abbildung 11.13: Relative Intensitätsänderung einiger ionischer Fragmente von C2H4BrCl nach Ionisati-
on durch einen 800-nm-Laserpuls und darauf folgendem zweiten Laserpuls. Die Änderungen wurden zu
zwei verschiedenen Zeitverzögerungen bestimmt, die in Abbildung 11.12 durch die Buchstaben A (dun-
kelgrün/dunkelrot) und B (hellgrün/hellrot) markiert sind. Die Ionen C2H4BrCl+ und C2H4Cl+ zeigen
eine Intensitätszunahme, während die anderen ionischen Fragmente durch den zweiten Fragmentations-
laserpuls gebildet werden. Die Zahlen geben die absolute und relative Intensitätsänderung am Punkt A im
Vergleich zum Punkt B an. Weitere Details sind im Text gegeben.
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Abbildung 11.14: Zeitabhängige Ionenausbeutekurven einzelner Fragmente von C3H6BrCl nach Ionisati-
on durch einen intensiven Laserpuls und weiterer Anregung durch einen zweiten, schwächeren Laserpuls.
Das Ionensignal für negative Zeitverzögerungen, das ausschließlich durch den intensiven Ionisationsla-
serpuls bestimmt wird, ist durch eine gestrichelte Linie eingezeichnet. Der hellblau schattierte Bereich
bezeichnet das Zeitfenster, in dem in den Optimierungsexperimenten der Subpuls beobachtet wird.
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Die Ausbeutekurven für das Ion des Muttermoleküls und für C3H6Cl+ zeigen einen ähnli-
chen Verlauf mit einem Minimum bei ∆t = 0.5 ps. Für größere Zeitverzögerungen konver-
gieren die Ausbeutekurven gegen ein Limit, welches noch unterhalb der Signalintensität
liegt, die bei negativen Zeitverzögerungen gefunden wird. Im Gegensatz dazu zeigen klei-
nere Fragmente wie CH2Cl+ und C3H3

+ ein Maximum bei kurzen Verzögerungszeiten um
0.5 ps. Diese Fragmente konvergieren bei längeren Verzögerungszeiten gegen ein Limit,
das oberhalb des Signals bei negativer Verzögerungszeit liegt. Ähnlich wie bei C2H4BrCl
induziert die zusätzliche Energie, die durch den zweiten Laserpuls in das ionische System
eingebracht wird, einen Fragmentationsprozess, der dazu führt, dass die großen ionischen
Fragmente C3H6BrCl+, C3H6Cl+ und C3H5Cl+ weniger stark gebildet werden zugunsten
der kleineren Fragmente CH2Cl+, C3H3

+ und C2H3
+. Die resonante Überhöhung dieses Ef-

fekts bei kurzen Verzögerungszeiten ist genau wie bei C2H4BrCl auf dieAnregung ionischer
Zustände zurückzuführen, die sich für ∆t = 0.5 ps resonant in energetisch höher liegende
dissoziative Zustände anregen lassen. Das führt in der Folge zum Auýreten der kleinen
Fragmente. Die Ergebnisse aus den zeitaufgelösten Messungen stehen damit in Einklang
mit den Optimierungsexperimenten. Durch eine Doppelpulsstruktur aus einem intensi-
ven Hauptpuls und einem schwächeren Nebenpuls, der relativ zum Hauptpuls etwa 0.5 ps
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Abbildung 11.15: Intensitätsänderung einiger ionischer Fragmente von C3H6BrCl nach Ionisation durch
einen 800-nm-Laserpuls und anschließender Fragmentation durch einen zweiten, schwächeren Laserpuls.
Die Änderungen sind bei einer Verzögerungszeit von 0.5 ps (dunkelgrün/dunkelrot) gemessen sowie von
7 ps (hellgrün/hellrot). Angegeben ist außerdem die absolute und prozentuale Intensitätsänderung des
dynamischen Bereichs bei 0.5 ps im Vergleich zum nicht resonanten Bereich bei 7 ps.
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verzögert ist, lässt sich das Fragmentationsmuster aus den Optimierungsexperimenten re-
produzieren.
Auch dass die Bildung von C2H4BrCl+ in den Optimierungsexperimenten so schwach

ausfällt, lässt sich mit den Ergebnissen aus den zeitaufgelösten Messungen erklären. Die
Ausbeutekurve zeigt bei etwa ∆t = 0.5 ps einen Nulldurchgang, d. h. für sehr kurze Verzö-
gerungszeiten wird das Fragment abgebaut und für Verzögerungszeiten > 0.5 ps gebildet.
Die Auýrittsenergien der einzelnen Fragmente wurden durch Aufnahme der Ionen-

ausbeuten nach Ionisation durch durchstimmbare, laserproduzierte Plasmastrahlung be-
stimmt [125–127, 256]. In Abbildung 11.16 ist ein Massenspektrum von C2H4BrCl nach
Einphotonenionisation durch 15-eV-Plasmastrahlung (a) sowie Ionenausbeutekurven der
Fragmente C2H4Cl+ und C2H3

+ als Funktion der Photonenenergie gezeigt (b).
Die Auýrittsenergien der ionischen Fragmente aus Abbildung 11.16 sind in Tabelle 11.3

gezeigt. Die Ionen C2H4BrCl+, C2H4Cl+ und C2H3
+ zeigen in den zeitaufgelösten Messun-

gen die größten Signalintensitäten. Das steht imEinklangmit Elekronenstoßexperimenten,
bei denen die Stabilität dieser Ionen untersucht wurde [257]. Auch in den Photoionisations-
messungen mit laserproduzierter Plasmastrahlung besitzen diese Ionenkanäle die höchste
Intensität. Dass das Ion C2H4Br+ im Vergleich zu C2H4Cl+ in so geringemAusmaß gebildet
wird, liegt daran, dass beide Ionen durch den gleichen Mechanismus gebildet werden, dass
aber der Weg, der zum Ion C2H4Cl+ führt, thermodynamisch begünstigt ist. Das wird auch
durch die höhere Auýrittsenergie deutlich (vgl. Tabelle 11.3). Für dieMultiphotonenionisa-
tion mit 800-nm-Laserpulsen wird die Intensität von C2H4Br+ zusätzlich herabgesetzt, da
für seine Bildung acht Photonen nötig sind, während für C2H4Cl+ sieben Photonen ausrei-
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Abbildung 11.16: Massenspektrum von C2H4BrCl nach Ionisation durch laserproduzierte Plasmastrah-
lung einer Photonenenergie von 15 eV (a). Ionenausbeutekurven vonC2H4Cl+ undC2H3

+ zur Bestimmung
der Auýrittsenergien (b).
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Tabelle 11.3: Auýrittsenergien (AE) einiger ionischer Fragmente von C3H6BrCl (links) und C2H4BrCl
(rechts), die – soweit nicht anders angegeben – durch Ionisation mit dispergierter, laserproduzierter Plas-
mastrahlung bestimmt wurden. Zusätzlich ist noch die Anzahl der 800-nm-Photonen (N) angegeben, die
nötig sind, die Auýrittsenergie zu erreichen.

Ion AE/eV N
C3H6BrCl+ 10.30 ± 0.05 7
C3H6Cl+ 11.04 ± 0.05 8
C2H4Br+ 11.5 ± 0.1 8
C3H5

+ 12.0 ± 0.1 8
C3H3

+ 13.4 ± 0.1 9
C2H3

+ 13.9 ± 0.1 9

Ion AE/eV N
C2H4BrCl+ 10.57 ± 0.05 [257] 7
C2H4Cl+ 10.72 [257] 7
C2H4Br+ 10.89 [257] 8
CH2Cl+ 13.4 ± 0.1 9
CH2Br+ 13.2 ± 0.1 9
C2H3

+ 13.0 ± 0.1 9

chen.

Während die Ionen C2H4BrCl+ und C2H4Cl+ schon mit sieben Photonen gebildet wer-
den können, werden zur Bildung der Ionen CH2Cl+, CH2Br+ und C2H3

+ neun Photonen
benötigt. Da durch den Fragmentationslaserpuls zusätzliche Energie in das Ion eingebracht
wird, ist für die Ausbeutekurven der letztgenannten Kationen für langeVerzögerungszeiten
eine Zunahme zu sehen, während die Kurven für die erstgenannten Kationen abnehmen.
Man sieht auch hier, dass für große Verzögerungszeiten, bei denen die Dynamik resonanter
Anregungen keine Rolle mehr spielt, diejenigen Fragmente, die eine hohe Auýrittsenergie
besitzen, verstärkt gebildet werden.

In Tabelle 11.3 sind auch dieAuýrittsenergien einiger ionischer Fragmente vonC3H6BrCl
gezeigt. Diese wurde genau wie für C2H4BrCl durch Ionenausbeutemessungen nach Ioni-
sation durch laserproduzierte Plasmastrahlung bestimmt.

Ähnlich wie bei C2H4BrCl wird auch bei C3H6BrCl durch den Fragmentationslaserpuls
die Bildung der Ionen mit einer niedrigenAuýrittsenergie unterdrückt, währendKationen,
für derenBildung eine höhereAnzahl an Photonen benötigt werden, verstärkt gebildet wer-
den. So sind für die Bildung von C3H3

+ und C2H3
+ neun 800-nm-Photonen nötig und die

gleichen Fragmente zeigen die stärkste nicht resonate Zunahme (s. Abbildung 11.15). Das
Ion des Muttermoleküls, für dessen Bildung nur sieben 800-nm-Photonen gebraucht wer-
den, zeigt die ausgeprägteste Abnahme. Das steht im Gegensatz zu C2H4BrCl, da hier zum
einen durch den zusätzlichen 800-nm-Fragmentationslaserpuls nur eine geringe Abnahme
des Ionensignals induziert wird. Zum anderen zeigt das Fragment C2H4Cl+ den stärksten
Anregungs-Nachweis-E×ekt. Auch in diesem Fall sind nur sieben Photonen nötig, o×en-
sichtlich kann es aber eÚzienter fragmentiert werden.
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11.2.4 Ergebnisvergleich der Optimierungsexperimente mit

den zeitaufgelösten Messungen

Multiphontonionisation von C2H4BrCl oder C4H6BrCl durch einen intensiven 800-nm-
Femtosekundenlaserplus induziert ein Wellenpaket in einem gebundenen Zustand des
Ions, wenn mehrere Schwingungsniveaus innerhalb der e×ektiven Multiphotonenband-
breite liegen und kohärent angeregt werden. Der angeregte Zustand kann dabei entweder
der elektronische Grundzustand oder auch ein angeregter Zustand sein. Mit dem Wissen
um die Ionisationspotentiale der beiden Moleküle kann die Art des angeregten Zustands
mit Hilfe photoelektronenspektroskopischer Experimente bestimmt werden. Die ersten
beiden Banden im Photoelektronenspektrum von C2H4BrCl wurden Elektronen aus den
nicht bindenen Elektronenpaaren des Bromatoms zugeordnet [251]. Zusätzliche Banden
werden im Photoelektronenspektrum bei 11.41 eV und 11.53 eV beobachtet, die den frei-
en Elektronenpaaren des Chloratoms zugeordnet werden [251]. Zu ähnlichen Ergebnissen
kommen auch Studien an CH2BrCl [258]. Darin konnten auch Übergänge den C–Br-, C–
Cl- sowie C–H-Bindungsorbitalen zugeordnet werden [258].

Photoelektronenspektroskopische Experimente an C3H6BrCl wurden noch nicht veröf-
fentlicht. Es ist jedoch anzunehmen, dass auch in diesemFall die niedrigsten elektronischen
Zustände des Ions des Muttermoleküls nach Ionisation eines Elektrons der nicht binden-
den Orbitale eines der Halogensubstituenten hervorgehen, wie das auch für CH2BrCl und
C2H4BrCl der Fall ist [251, 258]. So wird aus der Bandenform des Elektronenspektrums des
CH2BrCl geschlossen, dass das eines der freien Elektronenpaare des Bromsubstituenten mit
a′-Charakter einen stark nicht bindenenCharakter hat [258]. Ionisation eines Elektrons aus
diesem Orbital führt daher zu einem stabilen Ion des Muttermoleküls.
Der zeitverögerte, schwächere Fragmentationspuls regt das Wellenpaket in einen höhe-

ren dissoziativen Zustand an. Das führt zur Abnahme der gebildeten IonenC2H4BrCl+ und
C3H6BrCl+ bei gleichzeitiger Zunahme von verschiedener Fragmentionen. Dieses wird im
Massenspektrum beobachtet und ist in Abbildung 11.13 und 11.15 gezeigt.
Für halogeniertes Methan wurden in Anregungs-Nachweis-Experimenten mit 800-nm-

Femtosekundenlaserpulsen vergleichbare Ergebnisse gefunden [242, 244]. Dieses Molekül
zeigt gleichfalls stabile unfragmentierte Ionen. Der Verlauf der Kurven wurde mit Wellen-
paketsdynamik in gebundenen und dissoziativen Zuständen erklärt. Es wird angenommen,
dass auch für die Ionen C2H4BrCl+ und C3H6BrCl+ vergleichbare Prozesse eine Rolle spie-
len.
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Aus Abbildung 11.14 wird deutlich, dass sich der Abbau des C3H6BrCl+ noch steigern
lässt, wenn der schwächere Fragmentationpuls etwa 0.5 ps später als der Ionisationspuls
kommt. Desweiteren zeigt Abbildung 11.15 eine starke Antikorrelation zwischen dem Ion
des Muttermoleküls und den kleineren Fragmenten C2H3

+, C3H3
+ und CH2Cl+ bei dieser

Verzögerungszeit. Bei ∆t = 0.5 ps kann die Intensität auf diesen Fragmentationskanälen
um den Faktor 3 bis 5 zunehmen. Da in den Optimierungsexperimenten eine vergleich-
bare Separierung von Haupt- und Nebenpuls gefunden wird, ist anzunehmen, dass der
optimierte Puls bei dieser Verzögerungszeit in der Lage ist, das Wellenpaket des gebunde-
nen Zustands von C3H6BrCl+ eÚzienter an den höher liegenden, dissoziativen Zustand zu
koppeln, wobei die Zeitstruktur des Laserpulses eine große Rolle spielt. Ein solcher Me-
chanismus wurde auch von Pearson et al. vorgeschlagen [244]. Abbildung 11.17 zeigt das
zugrundeliegende Anregungsmodell. Dabei wird per Multiphotonenanregung zuerst das
Ion C3H6BrCl+ gebildet. Dieses kann anschließend nach einer gewissen Progessionszeit
des Wellenpakets resonant in den dissoziativen Zustand angeregt werden. Dieser formal
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Abbildung 11.17: Modell einer Potentialhyperfläche entlang der Fragmentationskoordinate. Durch Multi-
photonenionisation wird in einem bindenden Zustand ein Wellenpaket initiiert. Zu einem späteren Zeit-
punkt kann das Wellenpaket durch den Fragmentationslaserpuls resonant in einen höher liegenden, dis-
soziativen Zustand angeregt werden.
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zweistufige Ionisations- und Fragmentationsmechanismus wird durch den optimierten La-
serpuls in einem einzigen Schritt kohärent kontrolliert.

Wie die Werte für C3H6BrCl in Tabelle 11.3 zeigen, sollte die Bildung von C2H3
+ oder

C3H3
+ über den oben geschilderten Mechanismus über eine 7+2-Photonenanregung ablau-

fen, da die Summe der Photonenenergien von sieben 800-nm-Photonen ausreichen, das
Molekül zu ionisieren und für die Auýrittsenergie der Fragmenten mindestens neun Pho-
tonen nötig sind. Abbildung 11.18a zeigt die Signalintensität einiger Fragmente in Abhän-
gigkeit der Pulsenergie des Fragmentationslaserpulses bei einer festen Zeitverzögerung von
0.5 ps. Man sieht hier bis zu einer gewissen Sättigungsschwelle für die kleinen Fragmente
einen linearen Verlauf. Das deutet auf einen Einphotonenprozess des Fragmentationslaser-
puls hin. Der Ionisationslaserpuls muss also einen angeregten Zustand des Ions C3H6BrCl+

anregen, der energetisch so hoch liegt, dass von diesem aus mit einem Photon der disso-
ziative Zustand erreicht werden kann, der letztendlich zu den Produkten C2H3

+ und C3H3
+

führt. Auf diese Weise gelangt man zu einem 8+1-Photonenprozess, der in Abbildung 11.17
dargestellt ist.

Vergleicht man die beiden Abbildungen 11.18, dann fällt auf, dass die Steigung bei einer
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Abbildung 11.18: Signalintensität einiger Fragmente von C3H6BrCl in Abhängigkeit von der Intensität des
Fragmentationslaserpulses bei einer festen Zeitverzögerung zwischen Ionisations- und Fragmentationsla-
serpuls von 0.5 ps (a) und 5 ps (b): CH3

+ (◯), CH2Br+ (◊), CH2Cl+ (◻), C3H3
+ (◇) und C2H3

+ (△).
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11.2 Experimentelle Ergebnisse

Verzögerungszeit von 0.5 ps viel größer ist als bei 5 ps. Das ist ein weiterer Hinweis darauf,
dass die Kopplung des Wellenpakets im angeregten Zustand von C3H6BrCl+ an die höher
liegenden, dissoziativen Zustände bei 0.5 ps, also genau bei der dynamischen Resonanz,
wesentlich eÚzienter ist als für lange Verzögerungszeiten.

Ein ähnlicher Prozess sollte auch für C2H4BrCl eine Rolle spielen. Zusätzlich zur Ab-
nahme auf dem Ionenkanal des Muttermoleküls wird hier jedoch eine noch stärkere Ab-
nahme des Ionensignals C2H4Cl+ beobachtet (s. Abbildung 11.13). Während die Abnahme
von C2H4BrCl+ zeitlich unabhängig ist, zeigt die von C2H4Cl+ eine starke Antikorrelati-
on mit der Signaländerung der Massenkanäle von C2H2

+ und C2H3
+ bei ∆t = 0.5 ps. Das

kann durch einen etwas anderen Mechanismus erklärt werden. Abbildung 11.19 zeigt einen
geeigneten Anregungs-Fragmentations-Prozess. Dabei regt der intensive Ionisationslaser-
puls einen dissoziativen Zustand an, der unter Bruch der C–Br-Bindung zur Bildung von
C2H4Cl+ führt. Das steht in Analogie zum dibromierten Methanderivat CH2Br2, dessen
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Abbildung 11.19: Modell einer Potentialhyperfläche entlang der Reaktionskoordinate. Die Multiphoto-
nenanregung erfolgt in einen repulsiven Zustand des Ions, der selber schon zur Fragmentation führt. Zu
einem späteren Zeitpunkt kommt dieser in Resonanz zu einem höher liegenden dissoziativen Zustand,
welcher durch ein weiteres 800-nm-Photon angeregt werden kann. Der bindende Zustand des Mutterions
ist in der Abbildung aus Gründen der Übersichtlichkeit weggelassen.
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11 Kontrolle der dissoziativen Ionisation von Brom-Chlor-Alkanen

ionischer Zustand ebenfalls unter Bruch der C–Br-Bindung dissoziiert, wobei mit Zeit-
konstanden von 130 fs bzw. 74 fs atomares Br in den Zuständen 2P3/2 und 2P1/2 gebildet wird
[248]. Aufgrund der wesentlich flacher verlaufenden Ionenausbeutekurven des C2H4BrCl
im Vergleich zu C3H6BrCl (vgl. Abbildung 11.12), hängt die Resonanzbedingung weniger
stark von der genauen Zeitverzögerung zwischen Anregungs- und Nachweispuls ab.

Während das Ion C2H4BrCl+ dissoziiert, kommt nach 0.5 ps ein weiterer, energetisch
höher liegender Zustand in Resonanz zu einem weiteren 800-nm-Photon. Zu diesem Zeit-
punkt kann der Fragmentationslaserpuls den höher liegenden, dissoziativen Zustand an-
regen. Dieser führt zu Bildung eines der Fragmente C2H2

+ oder C2H3
+.

Ein ähnlicher Prozess wurde vorgeschlagen, um die Ergebnisse aus zeitaufgelösten 800-
nm-Anregungs-Nachweis-Experimenten an CH2BrCl zu erklären [242]. Auch hier wird
bei einer Zeitverzögerung von etwa 0.5 ps eine Bildung der kleineren Fragmente CH2

+, Cl+

und Br+ während gleichzeitig die Bildung von CH2Cl+ unterdrückt wird. In diesem Fall
werden zwei unterschiedliche Mechanismen diskutiert. Die Zunahme der Fragmente CH2

+

und Cl+ wird einer dynamischen Resonanz zugerechnet, die zu verstärkter Fragmentation
führt. Dagegen wird die Bildung von neutralem Br auf einen photoinduzierten Ladungs-
transferprozess während der Dissoziation des CH2BrCl+ zurückgeführt [248].

Vergleicht man die zeitaufgelösten Ausbeutekurven für die Ionen der unfragmentier-
ten Muttermoleküle aus den Abbildungen 11.12 und 11.14 miteinander, dann fällt auf, dass
C2H4BrCl+ im Gegensatz zu C3H6BrCl+ keine dynamische Resonanz um 0.5 ps aufweist.
Der Fragmentationspuls induziert vielmehr eine konstante Abnahme, wie auch Abbildung
11.13 zeigt. Das ist vergleichbar mit dem Verhalten von CH2I2 [244]. Auch hier zeigt das Ion
des Muttermoleküls eine konstante Abnahme, der zusätzlich noch die Schwingung eines
Wellenpakets eines stabilen ionischen Zustands überlagert ist [244].
Eine genauere Analyse der Ionenausbeute von C3H6BrCl+ ergibt, dass mindestens zwei

Prozesse zur Abnahme dieses Massenkanals beitragen. Zum einen spielt der gleiche Pro-
zess wie im Fall von C2H4BrCl eine Rolle, in dem über einen bindenden, ionischen Zu-
stand durch den Fragmentationslaserpuls ein höher liegender, dissoziativer Zustand ange-
regt wird, der bezüglich der Signalintensität bei ∆t < 0 für lange Zeitverzögerungen eine
Abnahme der Ionenausbeute verursacht. Auch dies ist ähnlich wie bei CH2I2 [244]. Zum
anderen ist diesem zeitlich konstanten Prozess eine breite, dynamische Resonanz überla-
gert. Das gibt einen Hinweis darauf, dass durch die Multiphotonenionisation ein Zustand
angeregt wird, der aufgrund der schnellen Bildung durch den ultrakurzen Laserpuls nicht
im rotatorischen oder vibratorischen Gleichgewichtszustand gebildet wird, sondern auf ei-
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ner Flanke der Potentialhyperfläche. Die Trajektorie des Relaxationsprozesses auf dieser
Potentialfläche durchläuý dann nach etwa 0.5 ps eine transiente Struktur von C3H6BrCl+,
die eÚzient durch den Fragmentationslaserpuls in einen höher liegenden dissoziativen Zu-
stand angeregt werden kann. Da sich die Kerngeometrie ionischer Zustände oýmals von
der Kerngeometrie neutraler Zustände unterscheidet, gibt die Analyse der zeitaufgelösten
Ionenausbeutekurven einen Einblick in die Relaxationsdynamik der beteiligten angeregten
Zustände von C3H6BrCl+. Um die Prozesse allerdings genau verstehen zu können, sind de-
taillierteModellrechnungen nötig, die die Potentialhyperfläche für die infrage kommenden
Zustände von C3H6BrCl+ simulieren.
Einen zusätzlichen Ansatz bieten die Optimierungsexperimente, da es mit Hilfe der

optimierten Pulsformen möglich ist, die Relaxationsprozesse auf der Potentialhyperläche
von C3H6BrCl+ zur gezielten Bildung der Fragmentionen C2H3

+ und C3H3
+ auszunutzen.

Auf diese Weise lässt sich die Bildung der Fragmente in einem einzigen Schritt kontrol-
lieren, ohne dass dafür zwei Laserpulse nötig sind. Zusätzlich zeigt die Analyse der Zeit-
struktur der optimierten Pulsformen die gleiche Dynamik auf, deren Kenntnis durch die
Anregungs-Nachweis-Experimente gewonnen wurde.

11.2.5 Wellenpaketdynamik des 1-Brom-2-Chlorethyl-Kations

Die Ionenausbeutekurve von C2H4BrCl+ zeigt für kleine Verzögerungszeiten deutlich ein
gedämpýes Wellenpaket, das nach etwa 2 ps abgeklungen ist (s. Abbildung 11.12). Dabei
zeigt die grüne Kurve in Abbildung 11.12 das Ergebnis der Wellenpaketanpassung, die nicht
durch den 80-fs-Laserpuls verbreitert ist. In Abbildung 11.20 ist die Fourier-Transformation
dieser Schwingung zu sehen. Es zeigt sich, dass der Schwingung eine Wellenzahl von
166 ± 17.5 cm−1 zugeordnet werden kann. Für einen 7-Photonenprozess ist die spektra-
le Bandbreite des 800-nm-Laserpulses etwa 450 cm−1 (FWHM) bei 87065 cm−1. Dadurch
kommt es zu einer kohärenten Anregung mehrerer Schwingungswellenfunktionen des
C2H4BrCl+ und damit zur Ausbildung des beobachteten Wellenpakets.
Durch ab initio-Rechnungen mit einer Hartree-Fock-Basis (HF/6-31G) wurden die Nor-

malschwingungen des C2H4BrCl+ berechnet [259]. Die Ergebnisse sind in Tabelle 11.4 gelis-
tet. Man findet hier eine Normalschwingung bei 172 cm−1, die energetisch zum Maximum
des Fourier-Spektrums passt. Bei dieser Schwingung handelt es sich um eine Schwingung
mit der Symmetrie A′. Beim Ion C2H4BrCl+ liegen die beiden Halogensubstituenten so-
wie die C-Atome in einer Ebene. Somit besitzt das Molekül die Symmetrie Cs. Bei einer
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Abbildung 11.20: Fourier-Transformation der gedämpýen Wellenpaketschwingung, die in Abbildung 11.12
gezeigt ist. Das Frequenzspektrum zeigt ein Maximum bei 166 ± 17.5 cm−1. Die Breite des Fourier-Signals
ist hauptsächlich auf die schnelle Dämpfung zurückzuführen.

Schwingung der Symmetrie A′ wird während der Schwingung die Symmetrie beibehalten.
Das heißt, die Schwingung der Halogenatome findet in dieser Ebene statt.
Für die Methanderivate CH2I2 und CH2BrI konnten ebenfalls Wellenpakete im Ion des

Muttermoleküls nachgewiesen werden, nachdem das Molekül mit einem intensiven 800-
nm-Femtosekundenlaserpuls ionisiert wurde [244]. Allerdings sind für diese kleineren
Moleküle die Oszillationen ausgeprägter und vor allem weniger gedämpý. Für ein nicht
lineares, N-atomiges Molekül beträgt die Anzahl der Normalschwingungen 3N − 6. Da

Tabelle 11.4: Ergebnisse der ab initio-Rechnungen zur Bestimmung der Normalschwingungen von
C2H4BrCl+.

Wellenzahl / Intensität /
cm−1 willk. Einheiten

107 0.21360
172 0.67637
202 0.37065
400 4.53199
750 0.04302
832 0.38274
995 0.05801

1112 0.01514
1180 0.00014

Wellenzahl / Intensität /
cm−1 willk. Einheiten
1313 2.08586
1379 0.04782
1423 0.11336
1566 0.24904
1624 0.05548
3250 0.30884
3282 0.07574
3316 0.39021
3360 0.14013
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11.2 Experimentelle Ergebnisse

deswegen Hal1(CH2)nHal2 9, 18 bzw. 27 Normalschwingung aufweist (für n = 1 bis 3), steigt
die Wahrscheinlichkeit, dass das Wellenpaket durch Kopplung der Normalschwingungen
gedämpý wird, mit zunehmender Kettenlänge. Während für die oben genannten halo-
gensubstituierten Methanderivate eine ausgeprägte und über einen Zeitraum von 1.5 ps
kaum gedämpýe Wellenpaketschwingung beobachtet wird [244], zeigt C3H6BrCl+ keine
solche Oszillation mehr. Das kann daran liegen, dass durch die hohe Zustandsdichte der
Schwingungsniveaus des angeregten ionischen Zustands infolge der Kopplung von Nor-
malschwingungen zu einer schnellen Dispersion des Wellenpakets kommt. Dadurch wird
das Wellenpaket stark gedämpý und lässt sich in der Ionenausbeutekurve nicht mehr zwei-
felsfrei identifizieren. Ein Hinweis auf ein solches schnell dispergierendes Wellenpaket lie-
fert allerdings die Schulter, die in der Ionenausbeutekurve von C3H6BrCl+ in Abbildung
11.14 bei etwa ∆t = 0.1 ps sichtbar ist.
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Zusammenfassung

In dieser Arbeit wurde die Dynamik photoinduzierter Prozesse von Atomen und Mole-
külen sowie deren Kontrolle mit Hilfe von kohärenter Ultrakurzpulsstrahlung sowohl im
nahen Infrarot- als auch im XUV-Bereich untersucht.
Dazu wurde ein experimenteller Aufbau entworfen, der Ultrakurzpuls-XUV-Strahlung

einer Höhere-Harmonische-Quelle nutzt. Die XUV-Strahlungsquelle wurde mit einem
Spektrometer gekoppelt, das die Detektion von Photoionen und Photoelektronen erlaubte.
Mit diesem Aufbau sind zeitaufgelöste Einphotonen-Anregungs-Nachweis-Experimente
möglich, wobei entweder die integrale Intensität der XUV-Strahlung oder bei Verwendung
eines Mehrschichtspiegels nur die Intensität der 17. Harmonischen genutzt werden kann.
Es wurde weiterhin ein 4 f -Pulsformer aufgebaut. Dieser ermöglicht die Durchfüh-

rung von Kontrollexperimenten, bei denen mit Hilfe von rückkopplungsgesteuerten,
genetischen Algorithmen Pulsformen gesucht werden können, die hinsichtlich einer
vorgegebenen Fitnessfunktion so optimiert sind, dass sie atomare oder molekulare
dynamische Prozesse auf einer Femtosekundenzeitskala kontrollieren können.

Bei der kohärenten Anregung von Neon durch XUV-Kurzpulsstrahlung konnten die fol-
genden Ergebnisse erzielt werden:

• Es wurde erstmalig ein Rydberg-Wellenpaket im XUV-Bereich durch einen kohären-
ten Einphotonenprozess in Neon angeregt. Der Nachweis dieses Wellenpakets gelang
durch die nachfolgende Ionisation durch einen 804-nm-Laserpuls.

• Da die Ionisationswahrscheinlichkeit des angeregten Rydberg-Elektrons mit der Fre-
quenz des Wellenpakets oszilliert, konnte aus den zeitabhängigen Photoelektronen-
ausbeutekurven durch Fourier-Transformation die energetische Separierung der be-
teiligten Feinstrukturniveaus bestimmt werden. Es ergibt sich eine ausgezeichnete
Übereinstimmung mit spektroskopischen Daten. Dadurch wird eine zu spektrosko-
pischen Arbeiten komplementäre Methode etabliert, mit der sich die Dynamik eng
beieinander liegender Zustände im XUV-Bereich untersuchen lässt. Neon eignet sich
durch die dicht beieinander liegenden Rydberg-Zustände in hervorragender Weise,
um die aus dem Infraroten bekannte Anregung einer Superposition von Zuständen
durch kohärente XUV-Strahlung zu realisieren.

• Aus dem Kontrast des Wellenpakets konnte abgeleitet werden, dass die Vorzugsregel
l → l + 1, die die Ionisation in das elektronische ε f -Kontinuum gegenüber dem εp-
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Kontinuum begünstigt, abgeschwächt ist.

• Da Neon im 1S0-Zustand vorliegt, ist das angeregte Rydberg-Elektron mit dem ioni-
schen Rumpf verschränkt. Dadurch kann das Wellenpaket durch Bell-Zustände be-
schrieben werden. Hieraus konnte die Phase des Wellenpakets abgeleitet werden.

• Durch die Wechselwirkung mit einem resonanten Gasfilter konnte die Phasenfunk-
tion der 13. Harmonischen so moduliert werden, dass damit kohärente Transienten
in Neon angeregt werden konnten. Der geformte XUV-Puls erlaubte außerdem die
Kontrolle über Amplitude und Phase des Rydberg-Wellenpakets von Neon.

Sticksto×wurdemit gechirpten Femtosekundenlaserpulsen ionisiert und die schwingungs-
und rotationsaufgelöste Fluoreszenz des Übergangs N2

+(B 2Σ+

u) → N2
+(X 2Σ+

g ) untersucht.
Es wurden folgende Ergebnisse erzielt:

• Aus der Analyse der Schwingungsverteilung des angeregten B 2Σ+

u -Zustands konnte
abgeleitet werden, dass angeregte Zwischenzustände eine Rolle im Anregungspro-
zess spielen. Als möglicher Zustand wurde der neutrale a 1Πg-Zustand identifiziert,
dessen Schwingungsniveaus aufgrund der hohen Intensität des Laserpulses durch
Stark-Verschiebung in Resonanz geschoben werden können.

• Durch Variation der quadratischen Phase des Femtosekundenpulses konnte die Ro-
tationsverteilung im ionischen B 2Σ+

u -Zustand kontrolliert werden. Die Art der Ro-
tationsverteilung in Abhängigkeit des linearen Chirps ließ sich als ein weiteres In-
diz dafür interpretieren, dass ein resonanter Zwischenzustand im Ionisationsprozess
involviert ist. Zum einen kann dadurch die im Grundzustand durch nicht resonan-
te Raman-Prozesse verursachte Rotationsanregung eÚzient in den ionischen End-
zustand übertragen werden, zum anderen wird die maximale Fluoreszenzintensi-
tät nicht für einen ungechirpten Laserpuls erreicht, sondern bei einer quadratischen
Phase von etwa −2750 fs2.

• Die Chirpabhängigkeit der Rotationsverteilung des B 2Σ+

u -Zustands konnte mit dem
sequential resonance-Mechanismus erklärt werden, da dieser im Zwischenzustand
kein Schwingungswellenpaket erfordert, für dessen Anregung die Mehrphotonen-
bandbreite nicht ausreicht. Der sequential resonance-Mechanismus korreliert mit ei-
ner Blauverschiebung des resonanten a 1Πg-Zwischenzustands.
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Brom-Chlor-Alkanewurdendurch geformte Femtosekundenlaserpulse ionisiert.Das Frag-
mentationsmuster wurde mit Hilfe von rückgekoppelten genetischen Algorithmen hin-
sichtlich einer vorgegebenen Fitnessfunktion optimiert. Die Ergebnisse dieser Optimie-
rungsexperimente wurden durch Ein-Farben-Anregungs-Nachweis-Experimente ergänzt.
Im Einzelnen konnten die folgenden Ergebnisse erzielt werden:

• Es konnte gezeigt werden, dass sich die ionischen Fragmente der Moleküle C2H4BrCl
undC3H6BrCl zwei unterschiedlichen Klassen zuordnen lassen. Mit optimal geform-
ten Laserpulsen lässt sich das Intensitätsverhältnis von Fragmenten aus unterschied-
lichen Klassen kontrollieren, während für Fragmente aus derselben Klasse keine sol-
chen optimierten Pulsformen gefunden werden. Kreuzkorrelationsmessungen mit
optimierten Laserpulsen ergeben eine zeitliche Intensitätsverteilung, bei der einem
intensiven Hauptpuls ein weniger intensiver Subpuls in einem zeitlichenAbstand von
etwa 0.5 ps nachfolgt. Diese Dynamik konnte mit der Anregung eines vibratorischen
Wellenpakets auf der ionischen Potentialhyperfläche erklärt werden, das durch einen
zweiten, zeitverzögerten Laserpuls eÚzient in einen dissoziativen Zustand angeregt
werden kann.

• Diese Erklärungwird auch durchAnregungs-Nachweis-Experimente gestützt, da die
Ionenausbeutekurven der Fragmente aus den verschiedenen Klassen bei einer Zeit-
verzögerung von 0.5 ps jeweils ein Maximum bzw. Minimum aufweisen.

• Bei der Multiphotonenionisation von C2H4BrCl ließ sich aus der Analyse der kineti-
schen Anregung der halogenhaltigen ionischen Fragmente eine Obergrenze von 8%
für den Doppelionisationsprozess abschätzen.

• Beim ionischen Muttermolekül C2H4BrCl+ wird für kurze Verzögerungszeiten zwi-
schen Ionisations- und Fragmentationslaserpuls ein Wellenpaket beobachtet. Durch
Analyse des Schwingungsspektrums des Wellenpaket, ergänzt durch quantenmecha-
nische ab initio-Rechnungen, konnte dieses Wellenpaket einer Normalschwingung
zugeordnet werden, bei der im Wesentlichen die Halogensubstituenten gegenüber
dem C–C-Gerüst schwingen.
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Summary

Fis work examines the dynamics of photon-induced processes in atoms and molecules as
well as the control of these processes using coherent, ultrashort pulses in the near infrared
and up to the extreme ultraviolet (XUV) regime.

Ferefore, a higher harmonics source was developed and combined with a spectrometer
for the detection of either photoelectrons or photoions. Fis setup permits the implemen-
tation of time-resolved one-color pump-probe experiments by use of either the integral
intensity of all harmonics or only the 17th harmonics, if an energy-optimized multi-layer
mirror is used.
Furthermore, a 4 f pulse shaper based on a liquid crystal spatial light modulator was

built. Fis allows us to perform control experiments, where pulse shapes could be found by
closed feedback loop genetic algorithms. Fese pulse shapes were optimized with respect
to a predefined fitness function in order to control the dynamics of ultrafast atomic and
molecular processes.

For the coherent excitation of neon by ultrashort XUV pulses, the following results were
achieved:

• ARydbergwave packet in neon could be prepared for the first time by coherent single
photon excitation using radiation in the XUV spectral regime. Fis wave packet was
probed by a subsequent 804 nm laser pulse.

• Since the ionization probability of the excitedRydberg electron oscillates with the wa-
ve packet frequency, theFourier transformation of the time-dependent photoelectron
yields revealed the energetic separation of the states contributing to the wave packet.
Fis is in excellent agreement with spectroscopic data and o×ers another method
beyond spectroscopic techniques to investigate the dynamics of close-lying states in
the XUV regime. Neon serves as an ideal system in this process to study the excita-
tion of a superposition of states by coherent XUV radiation as it is known from the
infrared regime.
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• An investigation of the contrast of the wave packet suggests the conclusion that the
propensity rule l → l +1, that leads to ionization into the ε f continuum, is weakened.

• Fe excitedRydberg electron and the ionic core are entangled, because the initial state
before excitation is a 1S0 state . Ferefore, the wave packet can be described with Bell
states. From this formalism the phase of the wave packet could be revealed.

• Fe phase function of the 13th harmonic is modulated by the interaction with a reso-
nant filter gas. Fis modulation leads to the excitation of coherent transients in neon.
Additionally, the shaped XUV pulse controls both amplitude and phase of the excited
Rydberg wave packet in neon.

N2 was ionized by chirped femtosecond laser pulses and the vibrationally and rotationally
resolved fluorescence of the N2

+(B 2Σ+

u) → N2
+(X 2Σ+

g ) transition was analyzed. Fe follo-
wing results were achieved:

• From the analysis of the vibrational distribution of the ionic B 2Σ+

u state one can infer
that resonant intermediate states play most likely an important role in the excitati-
on process. Fe neutral a 1Πg state was identified as one possible state, since due to
the high intensity in the laser focus its vibrational levels can be Stark-shiýed into
resonance.

• Fe rotational distribution could be controlled by variation of the quadratic phase of
the femtosecond pulses. Fe correlation of the rotational distribution and the linear
chirp also suggests the conclusion that a resonant intermediate state is involved in the
ionization process. On the one hand the rotational excitation, that is caused by non-
resonant Raman processes, can be eÚciently transferred into the ionic final state,
on the other hand the maximum fluorescence intensity is not achieved for a Fourier
limited laser pulse, but for a quadratic phase of −2750 fs2.

• Fe chirp dependence can be explained by a sequential resonance mechanism. Fis
mechanismdoes not require the excitation of a vibrational wave packet into the inter-
mediate state for which the multiphoton spectral bandwidth would not be suÚcient.
Fe sequential resonance mechanism is in accordance with a blueshiý of the resonant
a 1Πg intermediate state.

Bromo-chloro-alkanes were ionized by shaped femtosecond laser pulses. Fe fragmentati-
on pattern of these molecules were optimized by means of closed-loop genetic algorithms.
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Fe results of these experiments were supplemented by one-color pump-probe experi-
ments. In detail, the following results were achieved:

• Fe ionic fragments of both bromochloroalkanes under study can be grouped in two
di×erent classes. Fe signal intensity ratio of ionic fragments from di×erent classes
can be controlled by shaped laser pulses, whereas optimized pulse shapes that control
the ratio of fragments from the same class cannot be found. Cross correlation mea-
surements of these pulses revealed a temporal intensity distribution where an intense
pulse is followed by a less intense subpulse. Fe pulses are separated by approximate-
ly 0.5 ps. Fis dynamic behavior was explained by the excitation of a vibrational wave
packet on the ionic energy surface that can be eÚciently excited by a time-delayed
laser pulse into a dissociative state.

• Fis explanation was assisted by the results from pump-probe measurements: At a
time delay of 0.5 ps the fragment ion yields of either class exhibit a maximum or
minimum, respectively.

• C2H4BrCl was ionized by multiphoton ionization. An upper limit of 8% for any
double ionization process could be estimated from kinetic excitation analysis of the
halogen-containing ionic fragments.

• Fe pump-probe experiments of C2H4BrCl indicate the excitation of a vibrational
wave packet on the energy surface of the parent cation. By analysis of the spectral
components of the wave packet in addition to theoretical ab initio calculations a
specific normal mode could be assigned to the wave packet oscillation. Fis normal
mode corresponds to a vibration where essentially the halogen substituents oscillate
against the carbon backbone.
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Anhang

IGOR Pro Programmcode zur Simulation

genetischer Algorithmen

#pragma rtGlobals= 1 // Use modern global access method.
#pragma igorVersion= 6.1
#pragma moduleName= geneticAlgorithm

// //////////////
// DOCUMENTATION:
//
// Running the simulation requires Igor Pro 6.1 or later.
//
// To start , execute ’gamain()’ on the command line.
// To stop the genetic algorithm , press escape.
// You can change the population size (number of individuals per generation),
// the number of genes per individual and the number of elites of all individuals of
// a generation with the Constans given below.
// There are also Constants that allow one to alter the crossover and mutation
// probability.
// Switching the value of the Constant dumpFitnessDistribution to 1 stores the fit -
// ness distribution of each generation in a 2-dimensional wave called fitnessDump.
// You can suppress screen updates by setting the Constant doScreenUpdate to 0.
//
// The individuals consist of genes that are 8 bit deep.
// The algorithm tries to maximize the value of all 8-bit genes so that the sum of a
// individual (number of genes x 255) becomes maximal. For ease of comparison the
// fitness is normalized to this value. This means that the fitness and also the
// progress (best fitness value of each generation) lie inbetween the range [0,1].
//
// By now the offspring generation is built only by crossover and mutation with the
// given probabilities while preserving the elites (the individuals with the best
// fitness value).
// The offspring origination can be expanded by adding operations to the
// reproduction function.
//
// Additionaly one can use the optional endGeneration input parameter to stop the
// genetic algorith after the endGeneration -th offspring generation.
// //////////////

Constant pCrossOver= 0.6
Constant pMutation= 0.033
Constant population= 100
Constant genes= 50
Constant elites= 2
Constant dumpFitnessDistribution= 0
Constant doScreenUpdate= 1
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function/wave gamain ([ endGeneration ])
variable endGeneration
make/o/n=0 progress
make/o/b/u/n=(genes ,population) generation
initializeGeneration(generation)

// display progess:
dowindow/f progressGAMain
if(V_flag !=1) // window does not exist

display/n=progressGAMain progress as "progressGAMain"
modifygraph mirror =1
modifygraph nticks =10
modifygraph minor =1
modifygraph standoff =0
setaxis left*,1

endif

// create local variables and strings:
string result
variable generationIndex =0
variable maxFitnessPerIndividual=genes *255

// parental generation processing:
wave fitness=evaluateFitness(generation ,maxFitnessPerIndividual)
sortIndividuals(generation ,fitness)
progress [0]={ fitness [0]}
duplicate/free fitness ,sumFitness
// set scale , because otherwise selectIndividual returns a wrong distribution:
setscale/i x,-0.5, population -0.5, sumFitness
sumFitness=sum(fitness ,0,p)
if(dumpFitnessDistribution)

// create waves to store fitness distribution:
duplicate/o fitness fitnessDump

endif
if(doScreenUpdate)

doupdate
endif

// offspring generation processing:
do

generationIndex +=1
reproduction(generation ,sumFitness)
wave fitness=evaluateFitness(generation ,maxFitnessPerIndividual)
sortIndividuals(generation ,fitness)
progress[generationIndex ]={ fitness [0]}
sumFitness=sum(fitness ,0,p)
if(dumpFitnessDistribution)

concatenate {fitness}, fitnessDump // store results for each generation
endif
// update screen (or not):
if(doScreenUpdate)

doupdate
endif
// escape key is pressed or endGeneration reached:
if(getkeystate (0)&32)

break
endif
if(generationIndex == endGeneration)

break
endif

while (1)
doupdate
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// print result to history:
sprintf result , "Run %u offspring generations ,", generationIndex
sprintf result , "%s final fitneess: %.3f\r", result ,fitness [0]
print result
return progress

end

static function initializeGeneration(generation)
wave generation

generation=randomInteger (0 ,255) // initialize zeroth generation
variable i,j
// scale each indiviudal by a factor between 0 and 1
// to distinct them from each other (this is the ranking ):
for(i=0;i<= population;i+=1)

j=enoise (0.5)+0.5
generation [][i]*=j

endfor
end

static function/wave evaluateFitness(generation ,normalizeToThisValue)
wave generation
variable normalizeToThisValue

// calculate fitness values by summing up all genes of an individual
matrixop/o/free fitness=sumCols(generation)
redimension/n=( population )/d fitness
fitness /= normalizeToThisValue
return fitness

end

static function sortIndividuals(generation ,fitness)
wave generation ,fitness

duplicate/free fitness fitnessIndex
duplicate/free generation generation_dup
// fitnessIndex by increasing fitness value:
makeindex/r fitness ,fitnessIndex
// sort individuals by their fitness value:
generation_dup=generation[p][ fitnessIndex[q]]
generation=generation_dup
// rearrange also the fitness values:
sort/r fitness ,fitness

end

static function reproduction(generation ,sumFitness)
wave generation ,sumFitness

variable i,childIndex1 ,childIndex2 // auxiliary variables
duplicate/free generation newGeneration

// preserve elites:
newGeneration [][0,elites -1]= generation[p][q]

for(i=elites;i<population;i+=2)
// choose 2 individuals:
childIndex1=selectIndividual(sumFitness)
matrixop/o/free individual1=col(generation ,childIndex1)
childIndex2=selectIndividual(sumFitness)
matrixop/o/free individual2=col(generation ,childIndex2)

// crossover:
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crossover(individual1 ,individual2)

// mutation:
mutation(individual1)
mutation(individual2)

// assign the 2 individuals to offspring generation:
newGeneration [][i]= individual1[p]
newGeneration [][i+1]= individual2[p]

endfor

generation=newGeneration
end

static function selectIndividual(sumFitness)
wave sumFitness // sumFitness should be monotonically increasing

wavestats/q sumFitness
variable level=enoise ((V_max -V_min )/2)+( V_max -V_min )/2+ V_min
findlevel/q sumFitness ,level
return round(V_LevelX) // # of individual (the col index of generation)

end

static function crossover(individual1 ,individual2)
wave individual1 ,individual2

duplicate/free individual1 child1
duplicate/free individual2 child2
if(enoise (0.5)+0.5 <= pCrossOver)

variable cutPosition=randomInteger (0,genes -1)
child1[cutPosition +1,]= individual2[p]
child2[cutPosition +1,]= individual1[p]

endif
individual1=child1
individual2=child2

end

static function mutation(child)
wave child

child=enoise (0.5)+0.5 <= pMutation ? randomInteger (0 ,255) : child[p]
end

static function randomInteger(a,b) // returns equally distributed integers of [a,b]
variable a,b

variable c
a=round(a); b=round(b); c=max(a,b); a=min(a,b); c-=a
return round(enoise ((c+1)/2)+c/2+a)

end
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