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Zusammenfassung

Die Untersuchung stoflinduzierter atomarer Fragmentationsprozesse ermoglicht Ein-
blicke in die Dynamik korrelierter Mehr-Teilchen-Systeme, deren theoretische Be-
schreibung bis heute eine der fundamentalsten Herausforderungen der Physik dar-
stellt. Den sensitivsten Test theoretischer Modelle erlauben kinematisch vollstandige
Experimente, bei denen die Impulshilanz aller beteiligter Teilchen vermessen wird.
Bei der stoflinduzierten lonisation von Helium wurden dabei tiberraschende Dis-
krepanzen zwischen Theorie und Experiment gefunden. In Rahmen dieser Arbeit
wurde zum ersten Mal eine neuartige experimentelle Technik, ein sogenanntes MOT-
ReMi, bestehend aus einem Reaktionsmikroskop (ReMi) in Kombination mit einer
magneto-optischen Falle (MOT) zur Préparation und Kiithlung des Targets, verwen-
det und erlaubt eine Verbesserung der RiickstoBionen-Impulsauflosung verglichen
mit fritheren Experimenten um den Faktor 2-3. Als Target wurde Lithium aufgrund
seiner interessanten elektronischen Struktur gewéhlt. In den in dieser Arbeit durch-
gefiihrten Experimenten am Test-Speicherring TSR wurde die Einfachionisation von
Lithium im Stof mit 6 MeV Protonen sowie mit 24 MeV O**-Ionen studiert, was im
Rahmen einer perturbativen Beschreibung einer sehr kleinen bzw. mittleren Storung
entspricht. Dabei gelang es erstmals, vollstandig differentiellen Wirkungsquerschnit-
te fiir ein Target anders als Helium zu vermessen, und dariiber hinaus die Ionisation
eines zustands-praparierten und polarisierten Targets zu untersuchen. Es wurden
Charakteristika in den vollstandig differentiellen Daten gefunden, die auf Eigen-
schaften der Anfangszustandswellenfunktionen des Targets zuriickgefiithrt werden.

Abstract

Studies of collision-induced atomic fragmentation processes provide an insight in-
to the dynamics of correlated many-body-systems, which theoretical description
still represents one of the most fundamental challenges in physics. Kinematical-
ly complete experiments, where the momentum balance of all involved particles is
measured, provide the most stringent test of theoretical models. In such experi-
ments, surprising discrepancies between theory and experiment were found in the
collision-induced ionisation of helium. In this work, a novel experimental technique,
a so-called MOTReMi, consisting of a reaction microscope (ReMi) in combination
with a magneto-optical trap (MOT), was assembled and could improve the recoil-ion
momentum resolution compared of previous experiments by a factor of 2-3. Lithium
was chosen as a target due to its interesting electronic structure. The experiments
described here were carried out at the test storage ring TSR, and the single ioni-
sation of lithium by 6 MeV protons as well as 24 MeV O%F-ion impact was studied,
corresponding to a very small and medium perturbation of the system. For the first
time, fully differential cross sections for the ionisation of a target other than helium
became accessible. Moreover, studies of the ionisation of a state-prepared and pola-



rised target were possible. Characteristic structures are found in the fully differential
data that can be traced back to properties of the wave functions of the initial state
of the target.
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Teil I.

Einleitung






1. Das atomare Drei-Korper-Problem

Eine der fundamentalsten Herausforderungen der Physik ist die theoretische Be-
schreibung der Bewegung mehrerer, miteinander wechselwirkender Teilchen. Ist die
Kraft zwischen den Teilchen bekannt, kann die Bewegungsgleichung eines solchen
Systems zwar in aller Regel problemlos aufgestellt werden, doch bereits in der klas-
sischen Mechanik existiert keine analytische Losung fiir drei oder mehr beteiligte
Teilchen. Dies ist als das Drei- (bzw. Mehr-) Korper-Problem bekannt, dessen Be-
schreibung auf das Jahr 1687 zuriickgeht, als Isaak Newton in seiner ,,Philosophise
Naturalis Principia Mathematica“ [1] dieses Problem erstmals theoretisch unter-
suchte. Auch in der Quantenmechanik, in der die nicht-relativistische zeitliche und
rdumliche Entwicklung eines Systems durch die Schrodingergleichung gegeben ist,
existiert keine analytische Losung des Drei-Korper-Problems.

Zur Untersuchung der quantenmechanischen Mehr-Teilchen-Dynamik eignen sich
atomare Streuprozesse, wie beispielsweise die lonisation eines atomaren Targets
durch den Beschuss mit einem geladenen Projektil, aus zwei Griinden hervorra-
gend: Erstens kann die Anzahl und der Anfangszustand der beteiligten Teilchen
sehr genau durch die Wahl und die Praparation von Projektil und Target kon-
trolliert werden. Zweitens wird die Dynamik solcher Systeme nahezu ausschlielich
durch die Coulombwechselwirkung bestimmt, deren Potential sehr genau bekannt
ist. Die Herausforderung liegt also allein darin, die Bewegungsgleichung, die das Sys-
tem im Rahmen der verwendeten Theorie exakt beschreibt, numerisch genau oder
zumindest ndherungsweise zu losen.

Die erste quantenmechanische Behandlung der stoflinduzierten Ionisation stellte
Hans Bethe bereits 1930 [2] vor, wobei er die von Max Born entwickelte stérungstheo-
retische Methode [3] auf atomare Streuprozesse anwandte. Hierbei wird die Wech-
selwirkung zwischen Projektil und Targetatom als Stérung behandelt, die quantita-
tiv durch den Entwicklungsparameter der Stérungsreihe, n = Zp/vp, bestimmt ist
(dieser Entwicklungsparameter ist naturgeméfl einheitenlos; in der in dieser Arbeit
verwendeten Darstellung miissen aber atomare Einheiten fiir die Projektilladung
Zp und die Projektilgeschwindigkeit vp verwendet werden, um den richtigen Zah-
lenwert zu erhalten). Die von Bethe entwickelte Methode liefert in der Tat fiir kleine
Storparameter 7 < 1 in vielen Fallen hinreichend prézise Aussagen tiber die Wir-
kungsquerschnitte von Stoflionisationsprozessen. Bis heute wurden etliche andere
perturbative und nicht-perturbative Rechnungen entwickelt, von denen die meisten
auf Ndherungen zur Beschreibung der Stofiprozesse beruhen.

Ein entscheidender Durchbruch gelang jedoch erst im Jahr 1999, als erstmals eine
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numerisch exakte ab-initio Methode zur Losung des Drei-Korper-Problems vorge-
stellt wurde. Mit dieser ,exterior complex scaling® (ECS)-Technik, die ohne Néhe-
rungen zu verwenden gegen das mathematisch exakte Ergebnis konvergiert, konnte
eines der einfachsten Systeme, ndmlich die Einfachionisation von Wasserstoff im
Elektronenstof}; berechnet werden [4]. In der Folge wurden weitere exakte Metho-
den entwickelt, mit denen etwa die Photo-Doppelionisation von Helium behandelt
werden konnte [5-7]. Eine Ubertragung dieser Methoden auf Systeme mit ionischen
Projektilen ist allerdings nicht ohne Weiteres moglich, da hierbei aufgrund der ho-
hen Projektilmasse die Konvergenzkriterien nicht mehr erfiillt werden.

Von experimenteller Seite stellen vollstandig differentielle Wirkungsquerschnitte
den sensitivsten Test fiir Rechnungen dar. Bei diesen Querschnitten wird der Endzu-
stand in Abhéngigkeit aller (voneinander unabhéngigen) kinematischen Parameter
dargestellt, also beispielsweise als Funktion des Energie- und Impulsiibertrags vom
Projektil und des Emissionsraumwinkels des Elektrons. Solche vollstiandig differen-
tiellen Daten wurden erstmals 1969 von Ehrhardt et al. [8] veroffentlicht, wobei die
Einfachionisation von Helium durch Elektronenstof in einem sogenannten (e,2e)-
Experiment untersucht wurde. Die dabei verwendete experimentelle Technik beruht
auf der koinzidenten und energieaufgelosten Detektion des Projektils und des Tar-
getelektrons, die jeweils in einem sehr kleinen Raumwinkelelement nachgewiesen
werden. Um ein umfassendes Bild der Emissionscharakteristik der Elektronen zu
erhalten, muss daher die mechanische Position der Detektoren schrittweise geandert
werden. Diese Methode ist wiederum nicht auf den Ionenstof3 anwendbar. Grund
hierfiir ist die durch die Streuung bedingte extrem kleine Anderung der Flugbahn
fiir schwere Projektile, die sich nur mit grofem Aufwand und mit geringer Auflésung
direkt messen lésst (siche beispielsweise [9-11]).

Erst mit der Entwicklung des Reaktionsmikroskops durch Moshammer und Ull-
rich [12] war es moglich, kinematisch vollstandige Untersuchungen der Ionisation
eines atomaren Targets durch Ionenstofl durchzufiihren. Bei dieser Technik wird
die Anderung der Projektilflughbahn nicht direkt vermessen, sondern iiber die Be-
stimmung der Impulse des ionisierten Elektrons und des Targetrumpfes mit Hilfe
der Impulserhaltung rekonstruiert. Dartiber hinaus bieten Reaktionsmikroskope ge-
geniiber konventioneller Elektronenspektroskopie den Vorteil, dass die Impulse der
Targetfragmente simultan iiber den vollen Raumwinkel gemessen werden konnen,
was eine Erhéhung der Koinzidenzrate um etliche Groflenordnungen zu Folge hat.

Die erste kinematisch vollstdndige Untersuchung der durch Ionenstof§ induzier-
ten Einfach- und Doppelionisation wurde 1996 vorgestellt [14], wobei hier die Wir-
kungsquerschnitte noch beziiglich der Impulskomponenten senkrecht zur Strahlrich-
tung integriert waren. Seither wurde diese Technik in etlichen Experimenten zur
Einfach- [13,15,16], Doppel- [17,18] und Dreifachionisation [19], zum Elektronenein-
fang [20,21], zur simultanen Projektil- und Targetionisation [22,23] und zur Transfer-



(a) (b)

Abbildung 1.1.: (a) theoretisch und (b) experimentell ermittelter vollsténdig dif-
ferentieller Wirkungsquerschnitt der Stoffionisation eines Helium-
Targets durch C%-Tonen (n = 0.1). Gezeigt ist die Winkelvertei-
lung der emittierten Elektronen bei einer Elektronenenergie von
E. = 6.5¢V und einem Impulsiibertrag von ¢ = 0.75a.u.. Abbil-
dung nach [13].

Tonisation [24,25] eingesetzt.

Die Untersuchung vollstandig differentieller Wirkungsquerschnitte zur Einfachio-
nisation [15,26] brachte dabei einige Uberraschungen: Bereits bei kleinen Stérungen,
bei denen erwartet worden war, dass schon die Bornsche Naherung eine zufrieden-
stellende Beschreibung der Stoldynamik darstellen sollte, traten unter bestimmten
Emissionswinkeln des Elektrons erhebliche Diskrepanzen zwischen der Theorie und
den experimentellen Daten auf (Abbildung 1.1). Bei héheren Storungen zeigten sich
noch deutlich groBere Unterschiede sowohl in der Form als auch in der Grofle der
vollstandig differentiellen Spektren [15]. Diese waren insbesondere deshalb nicht er-
wartet worden, da fiir die Wirkungsquerschnitte, die lediglich differentiell beziig-
lich der Elektronenimpulse waren, bereits eine hervorragende Ubereinstimmung mit
perturbativen Rechnungen der CDW-EIS-Methode (aus dem Englischen, continuum
distorted wave-eikonal initial state, sieche Kapitel 7.2 dieser Arbeit) berichtet wor-
den war [27,28]. Sobald jedoch die Impulsbilanz zwischen allen drei StoSpartnern
betrachtet wird, treten substantielle Unterschiede zwischen Rechnungen und expe-
rimentellen Daten auf. Diese bestehenden Diskrepanzen zwischen experimentellen
Daten sowie den verschiedensten theoretischen Betrachtungen dieser Stoflsysteme
wurden in einer ganzen Reihe von Veroffentlichungen diskutiert (siehe unter ande-
rem [15,26,29-79]), wobei unterschiedliche Erklarungsansitze in Betracht gezogen
wurden.

Schulz et al. schlugen vor [13], dass die Streuung des Projektils am Targetkern
die Emissionscharakteristik, insbesondere bei kleiner Stérung, signifikant beeinflus-
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sen kann. In der Tat konnten die experimentellen Daten gut reproduziert werden,
wenn die in der ersten Bornschen Néaherung berechneten Ionisationsquerschnitte mit
dem klassischen Rutherford-Querschnitt fiir die Kern-Kern-Streuung gefaltet wur-
den [67]. Allerdings stellt dieser Ansatz keine korrekte quantenmechanische Behand-
lung des Drei-Korper-Problems dar, da bei dieser Faltung Interferenzen zwischen
verschiedenen Amplituden, die zur Streuung beitragen, vernachléssigt werden. In
der Folge wurde aber die Kern-Kern-Wechselwirkung in unterschiedlichsten Mo-
dellen quantenmechanisch berticksichtigt. Allerdings war der beobachtete Einfluss
auf die Wirkungsquerschnitte (siche beispielsweise [45,68,74]) erheblich kleiner, als
dies im Vergleich mit den experimentellen Daten zu erwarten gewesen wéare. Nur
in einem Fall, im Rahmen einer zeitabhingigen Rechnung mit gekoppelten Kana-
len (TDCC), konnte die experimentell beobachtete Form der Wirkungsquerschnitte
zumindest qualitativ reproduziert werden [70].

Des Weiteren wurde untersucht, inwieweit die Auflésung einen Einfluss auf die
experimentellen Daten hat. Fiol et al. [45] erreichten eine gute Ubereinstimmung
fir die Daten der kleinen Stérung durch eine Faltung, die durch die thermische
Impulsbreite der Targetatome begriindet wurde. Um dieses Ergebnis zu erhalten,
wurde jedoch eine Target-Temperatur von 16 K angenommen, die nicht mit der ex-
perimentell beobachteten Temperatur von weniger als 2 K konsistent war [71]. Eine
genauere Beriicksichtigung der experimentellen Effekte mit Hilfe einer aufwéindigen
Monte-Carlo-Methode [54] zeigte, dass die Auflosung zwar einen deutlichen Einfluss
auf die differentiellen Wirkungsquerschnitte hat und somit beim Vergleich zwischen
Theorie und Experiment berticksichtigt werden muss, die Diskrepanzen konnten da-
mit aber nicht erklért werden.

Ein weiterer Faktor, der seit kurzem als Erklédrung der auftretenden Unterschiede
diskutiert wird, ist die endliche Kohéarenzlange der Projektil-Materiewelle (siehe hier-
zu auch [80]). Die Kohérenzlange gibt dabei den maximalen Abstand zweier Punkte
im Raum an, zwischen denen die Phasendifferenz der Projektilwelle im Laufe der
Zeit weniger als 7/2 fluktuiert. Dies entspricht dem maximalen Spaltabstand eines
Doppelschlitzes, bei dem noch eine Interferenz der Welle beobachtet werden kann.
Da die (transversale) Kohérenzlédnge proportional zum (lokalen) Divergenzwinkel
und der deBroglie-Wellenlénge ist (die bei Ionenenergien von MeV /u typischerweise
deutlich kleiner als 1072 a.u. ist), ergibt sich fiir Projektil-Tonen eine Kohérenzlin-
ge, die haufig nur einem Bruchteil der Grofle des Targetatoms entspricht. Im Falle
des in [13] vorgestellten Experimentes betrug die Kohérenzléinge etwa 1073 a.u.. Im
Gegensatz dazu wird in allen quantenmechanischen Beschreibungen das Projektil
jedoch als eine vollstandig koharente Welle angenommen.

Hinweise darauf, dass die Kohérenzeigenschaften des Projektils tatsédchlich einen
Einfluss auf Streuquerschnitte haben konnten, ergaben sich zunéchst bei der Un-
tersuchung der lonisation im p + Hy -Sto8 [81]. In diesem Experiment wurde die
Projektil-Kohérenzlange durch einen Kollimator, der die Stahldivergenz beeinflusst,
modifiziert, dhnlich wie es Young bereits 1802 in seinem optischen Doppelspaltex-



periment durchfithrte [82]. Je nachdem, ob die Kohérenzlinge kleiner oder gréfer
war als der Abstand der Atome im Hs -Targetmolekiil, konnte der Streuquerschnitt
besser durch eine Rechnung fiir ein atomares Target oder fiir ein molekulares Target,
bei dem Zwei-Zentren-Interferenz auftritt, wiedergegeben werden. Auch fiir atoma-
re Targets wurde der Einfluss der Projektilkohérenz untersucht. Bei der Ionisation
eines Helium-Targets durch 3MeV Protonen [75], deren Kohérenzlange mit mehr
als 4a.u. deutlich grofer war als in dem fritheren Experiment [13], zeigte es sich,
dass die ermittelten Wirkungsquerschnitte wesentlich besser durch eine vollstandig
quantenmechanische Berechnung wiedergegeben werden konnen.

In einem weiteren Experiment wurde nicht die Kohédrenzlange geédndert, sondern
der beitragende Stofparameterbereich durch die Wahl unterschiedlicher Prozesse
variiert [83]. Bei der Elektronenemission in der Transferionisation im Stof von
16 MeV/u O™ mit He wurde die Signatur von Interferenzen beobachtet, die bei
der Einfachionisation im gleichen System nicht vorhanden waren. Dies wurde da-
mit begriindet, dass die StoBparameter bei der Transferionisation kleiner als die
Projektil-Kohérenzlange waren, wohingegen bei der Einfachionisation, bei der im
Allgemeinen die Stofparameter deutlich grofier sind als bei der Transferionisation,
diese Bedingung nicht erfiillt war.

Trotz der inzwischen zahlreichen Hinweise, dass die Koharenzlange des Projek-
tils einen Einfluss auf die StofSdynamik haben konnte, ist zum jetzigen Zeitpunkt
keineswegs geklirt, inwieweit diese endliche Kohérenzlange fiir die beobachteten Dis-
krepanzen zwischen Experimenten und Rechnung verantwortlich ist. Hierzu ist es
insbesondere notwendig, dass die Projektilkoharenz in den Rechenmodellen bertick-
sichtigt wird, was bis heute bei keiner einzigen Rechnung der Fall ist.

Ein zusétzliches Defizit bei der theoretischen Beschreibung der oben diskutierten
Ion-Helium-Stofle ergibt sich durch die Verwendung vereinfachter Target- Anfangs-
zustande. Einerseits kann der Zwei-Elektronen-Grundzustand des Heliums generell
nur angendhert werden, und andererseits erhoht die Benutzung eines korrelierten
Zustands den Rechenaufwand erheblich. Deshalb ist die Elektronenkorrelation bis
auf wenige Ausnahmen (beispielsweise [62]) in den Rechnungen meist nicht explizit
berticksichtigt, sondern das Target wird etwa durch Hartree-Fock-Zustédnde beschrie-
ben. Um dieses Problem zu umgehen, ware es wiinschenswert, auch experimentell
ein reines Drei-Korper-System zu untersuchen, also die Stoffionisation von atoma-
rem Wasserstoff. Allerdings ist es bisher trotz erheblicher Anstrengungen [84, 85|
nicht gelungen, vollstandig differentielle Daten fiir ein atomares Wasserstoff-Target
Zu messen.

Ziel der vorliegenden Doktorarbeit war es, die Stoflionisation von Lithium kinema-
tisch vollstandig zu untersuchen, und so zum ersten Mal hochaufgeloste, experimen-
telle, vollstandig differentielle Wirkungsquerschnitte fiir ein Target anders als Helium
zu gewinnen. Lithium bietet sich aus mehreren Griinden hierfiir an: Erstens hat Li-
thium mit seinen drei Elektronen eine verhéltnisméfig einfache Struktur. Auflerdem
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kann angenommen werden, dass bei vielen Prozessen die elektronische Korrelation
fiir das einzelne Valenzelektron ganz vernachléssigt werden kann. In dieser Hinsicht
ist das Target also ,,Wasserstoff-dhnlich®. Zweitens kann Lithium lasergekiihlt und
in einer magneto-optischen Falle (MOT, aus dem Englischen, magneto-optical trap)
gespeichert werden. Da die erreichbare Target-Temperatur in einer Lithium-MOT
um etwa zwei Groflenordnungen niedriger als in konventionell verwendeten Gasjets
ist, kann idealerweise die Impulsauflosung, sofern sie bisher durch die Temperatur
begrenzt war, um bis zu einer Groflenordnung verbessert werden. Drittens kann das
Target leicht mit Lasern angeregt werden, da die elektronischen Anregungsenergien
von Lithium im optischen Bereich liegen, was erstmals die Gewinnung von zustands-
selektiven differentiellen Wirkungsquerschnitten erlaubt.

Hierzu wurde ein neuartiger experimenteller Aufbau verwendet, das sogenannte
PRIOC-Experiment, ,,PRecision studies on IOn-atom Collisions®, der erstmals drei
etablierte anspruchsvolle Techniken in einem Aufbau vereint: Ein Reaktionsmikro-
skop zur Bestimmung der Impulse der ionisierten Elektronen und des Riickstoflions;
eine magneto-optischen Falle zur Praparation des kalten Lithium-Targets; und ein
Tonenspeicherung mit dem der Projektil-ITonenstrahl bereitgestellt wird. Neben den
bereits oben erwidhnten hervorragenden Eigenschaften der ersten beiden Techniken,
bietet der Speicherring wesentliche Vorteile gegeniiber ,single-pass® Experimenten:
Einerseits sind extrem hohe Strahlstrome erreichbar (je nach lonensorte mehr als
1mA), und andererseits konnen extrem geringe Strahl-Emittanzen durch die im
Speicherring verwendeten Kiihltechniken realisiert werden. Diese geringen Emittan-
zen resultieren wiederum in verhaltnisméfiig hohen Koharenzlangen der quantenme-
chanischen Projektilwellen.

Die Kombination dieser drei Techniken stellt experimentell eine enorme Heraus-
forderung dar. In der Vergangenheit wurde bereits eine MOT in einem Speicherring
betrieben [86]. Auch wurde schon ein Reaktionsmikroskop mit einem Speicherring
kombiniert [18,23,83,87]. Vor dieser Arbeit wurde aber kein MOTReMi, also die
Kombination eines Reaktionsmikroskops mit einem MOT-Target, erfolgreich ein-
gesetzt. Zwar ist es schon vor mehr als zehn Jahren gelungen, Ionisationsprozesse
von in MOTs gespeicherten Atomen mit RiickstoBionen-Impulsspektroskopie in sog.
MOTRims-Appaturen durchzufiithren [88-93], die koinzidente Detektion von Elek-
tronen war aber aufgrund der fiir die Elektronenspektroskopie inkompatiblen MOT-
Magnetfelder nicht méglich. Diese Schwierigkeit konnte im Rahmen der vorliegenden
Arbeit erstmals iiberwunden werden.

Der Aufbau dieser Arbeit ist wie folgt: In Teil IT wird eine ausfiihrliche Beschrei-
bung des experimentellen Aufbaus, bestehend aus dem lonenspeicherring, dem Re-
aktionsmikroskop und der magneto-optische Falle, gegeben. Anschliefend wird in
Teil ITT eine Messung zur Kalibrierung des Aufbaus durch Photoionisation eines an-
geregten Lithium-Targets vorgestellt. Im folgenden Teil IV wird ein kurzer Uberblick
itber die Dynamik von Stofireaktionen und die zum Vergleich der experimentellen

10



Daten verwendeten theoretischen Modelle gegeben, bevor im Anschluss in Teil V
Ergebnisse der StoBionisation von Lithium durch 6 MeV Protonen und 24 MeV O8*-
Ionen diskutiert wird. Diese Arbeit schliefit mit einer Zusammenfassung in Teil VI.
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Teil 11.

Experimenteller Aufbau

13






2. lonenspeicherring TSR

Obwohl Streuexperimente geladener Projektile seit den ersten Experimenten von
Rutherford 1911 [94] intensiv erforscht werden, sind kinematisch vollstandige Ex-
perimente zur lonisation neutraler Atome erst seit einigen Jahren moglich [95].
Wahrend die Mehrzahl dieser Experimente in ,single-pass“-Konfigurationen durch-
gefiihrt wurden, gibt es Experimente an Ionenspeicherringen erst seit Kurzem. Die
Verwendung eines gespeicherten Ionenstrahles bietet hierbei einige Vorteile: Durch
eine Mehrfachinjektion lassen sich einerseits hohere Ionenstrome als durch einen
Beschleuniger alleine realisieren und damit bieten sich hervorragende Bedingungen
fiir Reaktionen mit kleinen Wirkungsquerschnitten. Zudem ist die Impulsunschérfe
Ap/p, Emittanz und Strahlgroe eines Ionenstrahles im Speicherring deutlich kleiner
und erlaubt daher eine verbesserte Auflésung der untersuchten Reaktionen.

Im Folgenden soll eine kurze Einfiihrung iiber den verwendeten Ionenspeicherring
sowie wichtige Parameter der Speicherringphysik gegeben werden, fiir eine detail-
lierte Beschreibung sei der Leser etwa auf [96] verwiesen.

2.1. Aufbau des TSR

Der Testspeichering TSR am Max-Planck-Institut fiir Kernphysik wurde 1988 in
Betrieb genommen und lieferte seitdem bis zu seinem Abschalten Ende 2012 gespei-
cherte Ionen fiir eine Vielzahl von Experimenten (siehe unter anderem [23,97,98]).
Ein schematischer Aufbau sowie eine Photographie des Speicherringes sind in Ab-
bildung 2.1 und 2.2 zu finden.

Der Umfang des TSR betrdgt s = 55.4m, der sich in vier lineare Strecken von
jeweils 9.5 m sowie vier Eckelemente unterteilen lasst. Zwei Dipolmagnete in jedem
Eckstiick sorgen fiir eine Ablenkung des Ionenstrahles um jeweils 45°, wobei ein ma-
ximales Magnetfeld von 1.3 T einen Kriimmungsradius von p = 1.15m bewirkt. Zur
horizontalen und vertikalen Fokussierung der Ionen werden insgesamt 20 Quadru-
polmagnete verwendet, von denen im Standardbetrieb des TSR immer vier Magnete
von einem Netzteil versorgt und als Quadrupolfamilie bezeichnet werden. Diese sind
so angeordnet, dass sich vier Fokussierungsperioden definieren lassen, die sich aus
einem Fckelement und jeweils einem halben geraden Stiick vor und nach den Di-
polen zusammensetzen. Angrenzende Fokussierungsperioden sind antisymmetrisch.
Dies fiithrt zu einer Superperiodizitat des Ringes von 2 (das heifit, die sich tiber den
Ring verdndernden Strahlparameter wiederholen sich nach einem halben Umlauf).
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2. Ionenspeicherring TSR

Schottky-Pickup

Abbildung 2.1.: Schematischer Uberblick des TSR mit den Dipolmagneten (D),
Quadrupolmagneten (Q), sowie einigen Komponenten der Diagnos-
tik und Elektronenkiihlung. Die Position des PRIOC MOTReMi-
Experimentes befindet sich hier auf der linken Seite. Abbildung
nach [96].

Abbildung 2.2.: Photographie des TSR Speicheringes. Das Injektionsstrahlrohr be-
findet sich vorne rechts. Links im Bild ist der Elektronenkiihler,
wahrend die Position des PRIOC-Experimentes (nicht im Bild) an
der Hallenrtickseite ist. Abbildung aus [96].
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2.2. Dynamik der Ionen im Speicherring

Die linearen Abschnitte des TSR sind nach ihrer jeweiligen Funktion gegliedert.
Wahrend im ersten Areal die Strahlrohre zur Injektion sowie Extraktion der lo-
nen aufgebaut sind, befindet sich im zweiten Teilstiick der Elektronenkiihler. Im
anschliefBenden Abschnitt ist der Einbau experimenteller Kammern vorgesehen, un-
ter anderem das in dieser Arbeit vorgestellte PRIOC-Experiment. Im letzten Areal
des TSR kommen verschiedene diagnostische Verfahren zur Anwendung, die eine
Uberwachung des Strahlprofiles ermdglichen.

Im Testspeicherring lassen sich Ionen bis zu einem Ladungszustand von Au
speichern, wobei typische Werte des Ladungs- zu Massenverhéltnis Z/A = 1/2 sind,
die bis zu Energien von 30 MeV u~! gespeichert werden konnen. Ein wichtiger Para-
meter ist hierbei die Steifigkeit, die sich aus dem Quotienten des Ionenimpulses pp
tiber der Ladung @) definiert, B, = pp/Q). Die maximale Steifigkeit, bis zu der Ionen
in den Ring eingespeist werden konnen, ist dabei durch die maximale Magnetfeld-
starke der Dipolmagnete gegeben und betragt B, 4z = Bmaz - p = 1.5 T m.

Die Lebensdauer der gespeicherten Ionen hiangt von den Wahrscheinlichkeiten der
verschiedenen Verlustmechanismen ab, bei denen die Ionen mit Teilchen im Rest-
gas des Speicherringes und dem Elektronenkiihler wechselwirken. Die drei wesent-
lichen Verlustprozesse sind dabei Coulomb-Streuung sowie Elektroneneinfang und
-stripping. Je nach Ionensorte und Energie haben diese Prozesse ganz unterschiedli-
che Wirkungsquerschnitte. Bei einem Restgasdruck im unteren 10~!! mbar-Bereich
ergeben sich Lebensdauern zwischen wenigen Sekunden bis hin zu mehreren Tagen.
In Tabelle 2.1 findet sich eine Zusammenstellung einiger Ionensorten sowie deren
maximaler Energien, Lebensdauern und Intensitéten.

50+

2.2. Dynamik der lonen im Speicherring

Die Bewegung der Ionen im Speicherring wird in den Koordinaten (zx,y,s) ange-
geben, wobei x,y die transversale Abweichung im Bezug auf eine ideale Sollbahn
angeben und s die longitudinale Position im Ring festlegt. Die Koordinate s wird
als Distanz zur Mitte des vierten TSR-Abschnittes angegeben, so dass sich die Po-
sition des Reaktionsmikroskops im dritten Teilstiick bei etwa s = 42 m befindet.

Eine transversale Impulskomponente der Ionen bewirkt eine Bewegung aus der
Sollbahn hinaus und ohne die Fokussierung der Quadrupolmagnete wiirde dies zu ei-
nem Verlust des geladenen Teilchens fithren. Die Kraft, die ein Quadrupolmagnet auf
ein Ion austbt, ist proportional zu dessen Auslenkung und ruft somit eine Schwin-
gung des Teilchens um die Sollbahn hervor, die sogenannte Betatron-Schwingung.
Amplitude und Phase dieser Schwingung héngen dabei aufgrund der Anordnung der
fokussierenden Elemente vom Ort im Speicherring ab.

Zur Beschreibung der Dynamik des Ionenstrahles werden die Phasenraum-Koor-
dinaten z und 2’ bengt(zg. Die Auslenkung der Betatron-Schwingung definiert hierbei

die Koordinate 2" = =7 = g—i, wobei p)| der longitudinale und p, der Ionenimpuls in
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2. Ionenspeicherring TSR

Xl

\ X
N S\ Akzeptanz-
Ellipse

Abbildung 2.3.: Akzeptanzellipse der Ionenbewegung im Speicherring. Abbildung
aus [87].

horizontaler Richtung ist. Die Bewegung eines Ions findet nun entlang einer Ellipse
statt (sieche Abbildung 2.3), deren Form sich zwar in Abhangigkeit von s dndert,
der Flacheninhalt A, sowie die dariiber definierte Einteilchen-Emittanz ¢, = A/,
bleibt jedoch konstant fiir jedes Ion. Die grofitmogliche Emittanz des Speicherringes
nennt sich Akzeptanz und ist im TSR mit etwa 100 mm mrad gegeben.

Die Emittanz des gesamten Ionenstrahls ist definiert durch die Emittanz eines
einzelnen Ions an Position x = o,, wobei o, der Standardabweichung der gauffor-
migen Ortsbreite des Ionenstrahles entspricht (die sich tiber den Verlauf des Ringes
andert) und o, = /€, 53, gilt. Die Beta-Funktionen f, , sind dabei durch die Stérke
der Quadrupolmagnete gegeben und fiir jede Position des TSR bekannt. Aus der
Messung der Strahlbreite lasst sich damit die Emittanz berechnen. Fiir einen ge-
kiihlten Ionenstrahl ist die Emittanz typischerweise etwa ¢ = 0.05 mm mrad.

Ionen im Speicherring bewegen sich um eine geschlossene Bahn, deren Null-
punkt nicht notwendigerweise mit der Sollbahn iibereinstimmen muss. Die Flug-
bahn kann um einen Wert xp zur Idealbahn versetzt sein, ohne dass die Ionen
verlorengehen, wobei sich der Strahlversatz aus der Dispersion D des Speicherringes
und der longitudinalen Impulsabweichung der Ionen zum Sollimpuls App/pp ergibt,
xp = D-App/pp. Die Dispersion ist wie die Betafunktion ein Parameter des Ringes
und kann fiir jeden Ort s im Strahlrohr angegeben werden.
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2.3. Erzeugung und Injektion der hochgeladenen lonen

Ionensorte | Energie [MeV] | Lebensdauer [s] | Intensitét [pA] |

proton, H* 21 220000 1000
1608+ 60 1800 1
1608+ 24 250 1
1206+ 73 1700 1000
32516+ 195 450 1500
S0 e23+ 260 74 128
BN+ 342 60 600
63Cu20+ 510 122 100
MGe?t 365 45 110
80Ge25+ 480 204 100
197 AP0+ 695 3 3

Tabelle 2.1.: Lebensdauern und Intensitaten einiger Ionensorten im TSR. Tabelle
aus [99].

2.3. Erzeugung und Injektion der hochgeladenen
lonen

Fur die in dieser Arbeit durchgefiihrten Experimente wurden die in einer Ionen-
quelle (einen Uberblick iiber die verschiedenen Quellen am MPIK findet sich un-
ter [100]) erzeugten, einfach negativ geladenen Ionen in einem Tandem-Van-de-
Graaff-Beschleuniger mit bis zu U, = 12 MV beschleunigt [101]. AnschlieBend wer-
den die schnellen Ionen durch eine diinne Folie oder eine Stickstoff-Gaszelle geschos-
sen und verlieren durch die Wechselwirkung mit den jeweiligen Atomen Elektronen.
Dadurch findet ein weiterer Energieiibertrag von (1+¢q)U, auf die lonen statt. Durch
die Verwendung mehrere Folientargets vor und hinter dem Nachbeschleuniger kon-
nen Ladungszustéinde von bis zu 197 Au®'* erzeugt werden.

Die Injektion der Ionen in den Speicherring erfolgt iiber mehrere Magnete sowie ein
elektrostatisches Septum. Dazu muss die Sollbahn der Tonen im Ring kurzzeitig zur
Bahn der injizierten Teilchen hin verschoben werden, um die Betatron-Oszillationen
moglichst gering zu halten. Sobald sich der Ionenpuls in der Umlaufbahn des Spei-
cherringes befindet, wird das Feld dieser sogenannten Bumpermagnete ziigig her-
untergefahren, so dass die Amplituden der Betatron-Oszillation der injizierten Teil-
chen wahrend dieser Multiturn-Injektion vergréflert werden, bis der Phasenraum des
Speicherringes gefullt ist.
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2. Ionenspeicherring TSR

2.4. Elektronenkiihlung

Der horizontale Durchmesser des gespeicherten lonenstrahles betrigt typischerwei-
se 40 mm und entspricht einer horizontalen Strahltemperatur von mehreren 10° K.
Um diese Temperatur zu reduzieren, konnen mehrere Kiihlverfahren angewendet
werden, unter anderem Laserkiihlung oder die hier verwendete Elektronenkiihlung.
Dabei wird ein kalter Elektronenstrahl unter Verwendung von ortsabhédngigen Ma-
gnetfeldern mit dem Ionenstrahl iiberlagert und kiihlt diesen iiber Coulomb-Wechsel-
wirkungen ab, indem die Ionen kinetische Energie an die kalten Elektronen abgeben,
bevor diese wieder zum Kollektor gefithrt werden. Die Kiihlkraft hangt dabei von
der relativen Geschwindigkeit beider Strahlen ab. Dem entgegen wirken Wechselwir-
kungen der Ionen im Strahl untereinander, so dass sich nach mehreren 10° Umliufen
ein Gleichgewicht der Kiihl- und Heizraten im Ionenstrahl einstellt.

Der gekiihlte Ionenstrahl besitzt nun eine geringere Emittanz und nimmt damit
im Phasenraum (siehe Abbildung 2.3) eine kleinere Fliche ein. Der freiwerdende
Phasenraum kann nun mit einer erneuten Multiturn-Injektion aufgefiillt werden,
wobei dieser Prozess viele Male wiederholt werden kann (ECOOL stacking). Mit
dieser Methode lassen sich Ionenstrome von bis zu 1.5 mA erreichen, wobei der limi-
tierende Faktor der Stromstéarke die Lebensdauer der jeweiligen lonensorte darstellt
(siche hierzu auch Tabelle 2.1). Aus der Emittanz des gekiihlten lonenstrahles ergibt
sich der Durchmesser des Strahles von etwa 1 mm.

Eine ausfihrliche Beschreibung der Elektronenkiihlung ist in [102] zu finden.

2.5. Erzeugung gepulster lonenpakete

Zur Untersuchung atomarer Ionisationsprozesse ist eine Information iiber den Reak-
tionszeitpunkt von Noten, die durch einen kontinuierlichen Strahl fiir reine Target-
[onisationsprozesse nicht gegeben werden kann. Es ist jedoch moglich, die umlaufen-
den Ionen im Speicherring in kurze Pakete, sogenannte Bunche, zu biindeln, indem in
einem Resonator eine Radiofrequenz von einigen MHz und einer Maximalspannung
von Ugpmar = 5kV angelegt wird.

Je nach Position der Ionen im Bezug auf den Nulldurchgang der Radiofrequenz im
Resonator werden die geladenen Teilchen beschleunigt oder abgebremst, wahrend ein
Ion, das zum Zeitpunkt des Nulldurchganges der Frequenz den Resonator passiert,
unbeeinflusst bleibt. Betragt die Frequenz des Resonators gerade ein Vielfaches der
Umlauffrequenz der Ionen im Ring, vyr = h - 1, ergeben sich Ionenpakete entlang
der Tonenflughbahn mit einer Dauer von wenigen ns, wobei h die Anzahl der Bunche
pro Umlauf angibt.

Andert sich die Geschwindigkeit der Ionen durch eine Erhéhung der HF-Frequenz,
ergibt sich ein geénderter Strahlversatz des lonenstrahles im Ring. Um diesen zu
verhindern, muss die Magnetfeldstarke der Dipolmagnete angepasst werden. Auf
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2.6. Diagnostische Methoden am TSR

diese Weise kann der Ionenstrahl beschleunigt oder, im Falle abnehmender HF-
Frequenzen, abgebremst werden (siehe hierzu [99]).

2.6. Diagnostische Methoden am TSR

Neben dem Resonator zur Bunch-Erzeugung sind im vierten Abschnitt des TSR
verschiedene Systeme zur Strahldiagnostik untergebracht, die eine Kontrolle der ver-
schiedenen Parameter des Ionenstrahles in-situ ermoglichen.

Zur Positionsbestimmung werden mehrere ,, Pick-Up“-Monitore verwendet, die im
Wesentlichen aus zwei Leiterplatten bestehen, in denen der Ionenstrahl proportional
zum Abstand eine Spannung induziert.

Das Profil des Ionenstrahles kann mit dem Restgas-Strahlprofil-Monitor (BPM,
aus dem Englischen, beam profile monitor) gemessen werden, der aus zwei Leiter-
platten besteht und an denen eine Hochspannung angelegt wird. Durch den Strahl
ionisiertes Restgas wird durch das angelegte Feld zu den geladenen Platten gezogen
und detektiert, wobei die Anzahl der ionisierten Teilchen proportional zur Dichte-
verteilung des lonenstrahles ist und so einen Riickschluss auf das Dichteprofil des
Ionenstrahles ermoglicht.

Weitere Messmethoden zur Strahldiagnose umfassen einen Stromwandler zur Mes-
sung des Ionenstromes, sowie ein Schottky-Pickup zur Kontrolle der Umlauffrequenz
und der Impulsverbreiterung [96]. Zusétzlich konnen Ionen nach einer Ladungséin-
derung durch Target- oder Restgasstofle nach dem ersten Dipolmagnet hinter der
experimentellen Sektion mit Szintillationszahlern detektiert werden.
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3. Reaktionsmikroskop

Die kinematische Untersuchung atomarer Stofiprozesse wurde lange Zeit von der
limitierten Akzeptanz der Experimente zur Messung der Impulskomponenten aller
beteiligten Reaktionsprodukte begrenzt. Wahrend Elektronenspektroskopie energie-
und winkelaufgelost (allerdings mit einer geringen Raumwinkelakzeptanz von ty-
pischerweise 107%) seit 1969 durchgefiihrt wird [8], war die impulsaufgeloste Mes-
sung von RiickstoBionen (COLTRIMS-Technik) erst seit den 80er Jahren des letzten
Jahrhunderts moglich, da hierfiir das Target auf Temperaturen von wenigen Kelvin
abgekiihlt werden muss. Hierbei werden die durch eine Ionisation erzeugten gelade-
nen Target-Ionen durch elektrische Felder auf einen Detektor gelenkt und aus den
Zeit- und Ortsinformationen die urspriinglichen Impulse rekonstruiert. Diese Me-
thode ist fiir die schweren Riickstoffionen einer Reaktion selbst fiir relativ schwache
Feldstérken von wenigen V/cm ausreichend, um eine Rekonstruktion der Ionenim-
pulse iiber einen weiten Winkelbereich zu ermoéglichen. Aufgrund der relativ hohen
kinetischen Energie ist der Raumwinkel der Detektion der ionisierten Elektronen,
den eine Messung abdecken konnte, allerdings stark begrenzt. Die Erfindung des Re-
aktionsmikroskops im Jahre 1993 durch Moshammer und Ullrich [12,103] &dnderte
dies grundlegend und ermoglichte eine koinzidente Elektronen- und Riickstoflionen-
Impuls-Spektroskopie: Durch Anlegen eines zusatzlichen homogenen Magnetfeldes
von einigen Gauss werden die Elektronen durch die Lorentz-Kraft auf eine Schrau-
benbahn gelenkt, deren Radius von der Stérke des Feldes und dem Impuls der Elek-
tronen abhéngt. Durch eine geeignete Wahl der Feldstirke in Kombination mit orts-
und zeitauflosenden Detektoren lassen sich nun alle Elektronen auf den Detektor
projizieren und eine Rekonstruktion der beteiligten Impulskomponenten tiber nahe-
zu den vollen Raumwinkel ist moglich.

Der Aufbau eines Reaktionsmikroskops ist in Abbildung 3.1 dargestellt. In der
Mitte liegt das Reaktionsvolumen, in dem das Target, alternativ durch einen kalten
Teilchenstrahl oder eine Atomfalle realisiert, und ein Projektil aufeinandertreffen.
Die geladenen Fragmente werden nun durch das angelegte elektrische und magne-
tische Feld zu den jeweiligen orts- und zeitauflosenden Detektoren gezogen, wobei
sie zugunsten einer besseren Auflésung erst beschleunigt werden, um anschliefend
in einem feldfreien Raum, der Driftstrecke, mit konstanter Geschwindigkeit auf die
Detektoren zuzufliegen. Aufgrund des durch die beiden Spulen angelegten Magnet-
feldes werden die leichten Elektronen auf eine Kreisbahn gezwungen.
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3. Reaktionsmikroskop

Helmholtz-
Spulen

’ Detektor

Detektor

Target

Abbildung 3.1.: Aufbau eines Standard-Reaktionsmikroskops.

3.1. Das Vakuumsystem

Eine der grundlegenden Anforderungen an den verwendeten Aufbau ist die Quali-
tdt des Vakuums. Die Untersuchung atomarer Prozesse erfordert eine mittlere freie
Weglénge der beteiligten Stopartner, die grof§ genug ist, um jegliche Beeinflussung
der Reaktion durch andere Teilchen auszuschlieen. Des Weiteren fithren Wechsel-
wirkungen vorhandener Restgasatome mit den Projektilen zu lonisationsprozessen,
deren Produkte ebenfalls detektiert werden und so das Signal-zu-Rausch-Verhéltnis
des Experimentes verschlechtern.

Die Verwendung einer Atomfalle erhoht die Anforderungen an den Gasdruck im
Versuchsaufbau zusétzlich, da die Speicherzeit der Atome in der Falle empfindlich
vom Druck in der Vakuumkammer abhéngt. Die kinetische Energie der Restgas-
teilchen iibersteigt bei Raumtemperatur deutlich das Fallenpotential und reduziert
durch Kollisionen die Anzahl der gefangenen Atome.

Auch die Speicherung der Ionen in einem Speicherring erfolgt unter Ultrahochva-
kuumbedingungen. Da der hier vorgestellte Aufbau direkt in das Vakuumsystem des
TSR eingebaut wird, muss ein ausreichend niedriger Gasdruck sichergestellt werden
um den Betrieb des Speicherringes nicht zu beeintréachtigen.

Der Aufbau der Vakuumkammer ist in Abbildung 3.2 schematisch dargestellt; eine
Photographie des Experiments nach dem Einbau in den Ionenspeicherring findet sich
in Abbildung 3.3. Sie besteht im Wesentlichen aus einer kugelférmigen Kammer
im Zentrum mit einem Durchmesser von 480 mm, die mit zwei zylinderférmigen
Kammern mit Durchmessern von 256 mm und Léngen von 300 mm in Richtung des
Ionenstrahles verbunden ist. Die Vakuumkammer besteht aus rostfreiem Stahl der
Qualitit 1.4429 ESU, welcher eine Permeabilitat von 1.01 Hm™! aufweist, und ist
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3.1. Das Vakuumsystem

\onen-
detektor

Abbildung 3.2.: Schematischer Aufbau der Kammer mit Spektrometer und
Helmholtz-Magnetspulen, welche um einen Winkel von 8° gegen-
iiber des TSR-Strahlrohrs gedreht sind.

Abbildung 3.3.: Der verwendete Vakuumaufbau des PRIOC-Experimentes. Der To-
nenstrahl des Speicherringes fiithrt von rechts nach links durch den
Aufbau.
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3. Reaktionsmikroskop

mit einem nicht-evaporativen Getter-Material (NEG, siehe [104]) beschichtet, um
den Gasdruck der Kammer weiter zu verbessern.

Da das Reaktionsmikroskop in den Speicherring eingebaut wurde, muss die Flug-
bahn der Projektil-Ionen im Aufbau beriicksichtigt werden. In Ton-Atom-Stéfen pro-
duzierte Elektronen haben im Allgemeinen eine relativ hohe kinetische Energie und
sollten daher vorzugsweise in der Richtung der Projektilpropagation detektiert wer-
den, um eine ausreichende Abdeckung des Raumwinkels mit moderaten Feldstédrken
zu gewéhrleisten. Eine Moglichkeit ware hierbei die Verwendung von Detektoren,
die eine Lochstruktur in der Mitte aufweisen, durch die der Projektilstrahl hindurch
fliegen kann. Dies ist allerdings keine akzeptable Losung bei der Verwendung eines
Ionenstrahles im Speicherring, da der Durchmesser des ungekiihlten Ionenstrahles
mehrere cm betragt und damit die Detektion nahezu aller Fragmente verhindern
wiirde. Um dieses Problem zu umgehen, wurde das Spektrometer im Bezug auf die
Tonenflughahn um 8° gedreht, wie aus Abbildung 3.2 ersichtlich wird.

Der optische Zugang der Laserstrahlen, die zur Erzeugung der Atomfallen sowie
der in Teil IIT beschriebenen Photoionisation benoétigt werden, ist durch mehrere
Fensterglaser verschiedener Groflen an der Kammer gewéhrleistet. Es handelt sich
dabei um spezielle Quarz-Glasfenster, die neben einer hohen Temperaturbestéandig-
keit aufgrund ihrer besonderen Herstellungsweise eine extrem geringe Permeabilitéit
aufweisen, um die Funktion der verwendeten Magnetfelder nicht zu beeinflussen.
Quarzglas weist auflerdem im Gegensatz zu dem traditionell verwendeten Borosilikat
eine Transmission bis hinunter zu etwa 180 nm auf, die fiir Ionisationsexperimente
mit einem UV-Laser notwendig ist.

Die Implementation eines kalten Lithium-Atomstrahles, die fiir die Funktion der
Atomfalle von Noten ist, erfolgt aus einer 2D MOT (siehe Kapitel 4.4), die an
der vorderen Seite der Kammer innerhalb einer weiteren kleinen Vakuumkammer
untergebracht ist. Das Vakuum der beiden Kammern léasst sich durch ein Ventil
voneinander trennen und ermoglicht beispielsweise die Fiillung des Lithium-Ofens,
ohne das Vakuum in der Hauptkammer zu brechen. Zwischen beiden Kammern
ist eine differentielle Druckstufe angebracht, da das Vakuum in der kleineren 2D
MOT Kammer aufgrund des geheizten Ofens etwa ein bis zwei Groflenordnungen
schlechter als in der Hauptkammer ist. Die differentielle Druckstufe besteht aus
einem Rohrchen mit einem Innendurchmesser von 5mm, das den Durchgang des
gekiihlten Atomstrahles problemlos ermoglicht.

An der Hauptkammer sind zwei Turbomolekularpumpen mit einer Pumpleistung
von etwa 2501/s angebracht, die nach dem Ausheizen der Kammer einen Druck von
10~ mbar erméglichen. Die 2D MOT-Kammer wird von einer kleineren (701/s)
Turbopumpe gepumpt und erreicht damit bei Raumtemperatur einen Druck von
1072 mbar.

Der Anschluss des Aufbaus an den TSR erfolgt iiber zwei Schleusen-Kammern, die
mit jeweils zwei Ventilen verschlossen werden konnen, so dass bei einem Wechsel der
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3.2. Das Spektrometer
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Abbildung 3.4.: Aufbau und elektrischer Anschluss des verwendeten Spektrometers.
In der unteren Graphik ist zusatzlich der Verlauf der Magnetfeldli-
nien eingezeichnet.

Experimente nur diese Seitenkammern ausgeheizt werden miissen und das Vakuum
im TSR sowie in der Experimentierkammer bestehen bleibt.

3.2. Das Spektrometer

Aufbau des Spektrometers

Der schematische Aufbau des Spektrometers ist in Abbildung 3.4 dargestellt. Es
besteht aus 84 Ringelektroden mit einem Abstand von 10 mm zueinander, die zur
Erzeugung des elektrischen Extraktionsfeldes fiir die Targetfragmente verwendet
werden. Wie bereits im letzten Abschnitt erlautert, wurde eine nahezu longitudinale
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3. Reaktionsmikroskop

Extraktion gewahlt. Diese Geometrie bietet insbesondere den Vorteil, dass einige
physikalische Ionisationsmechanismen, die sich durch die Emission von hochener-
getischen Elektronen in Vorwértsrichtung auszeichnen [22,105], schon mit geringer
Extraktionsfeldstirke untersucht werden konnen.

Die Anforderungen, die einerseits durch den Betrieb im Speicherring und ande-
rerseits durch ein schnelles Schalten des MOT-Magnetfeldes an das Spektrometer
gestellt werden, erforderten die Entwicklung eines komplett neuen Spektrometer-
Designs im Rahmen des hier vorgestellten experimentellen Aufbaus: Die Vorgabe
fir den Einbau des Experimentes in den TSR ist eine offene Apertur fiir den Io-
nenstrahl von 100mm x 70mm (horizontal und vertikal), um die Akzeptanz des
Speicherrings nicht zu beeintriachtigen. Die Voraussetzung fiir ein schnelles Schal-
ten des Magnetfeldes hingegen ist eine moglichst geringe rdumliche Ausdehnung des
Feldes und der erzeugenden Spulen.

Um dies zu ermoglichen, verjiingt sich der Durchmesser der Spulenringe von einem
Innendurchmesser von etwa 194 mm an den Seiten des Spektrometers bis zu 100 mm
im inneren Bereich. Mit einer Gesamtlange von 840 mm, einer Neigung von 8° und
einem Bereich von 160 mm, in dem der Innendurchmesser der Ringe konstant 100 mm
betrégt (siche Abbildung 3.4, ergibt sich eine anndhernd ellipsenférmige Apertur,
deren horizontale und vertikale Achsenldngen den Anforderungen fiir den Einbau in
den TSR geniigen. Prinzipiell beschréinken auch die Teilchendetektoren die Offnung
fiir den Tonenstrahl. Diese sind jedoch auf Manipulatoren angebracht und kénnen
daher um bis zu 50 mm von der Strahlachse wegbewegt werden.

Mechanisch besteht das Spektrometer aus drei voneinander unabhangig aufgebau-
ten Teilgruppen (siehe Abbildung 3.4 oben). Die beiden dufleren Gruppen sind iden-
tisch und bestehen aus jeweils 35 Ringelektroden aus Edelstahl mit einer Dicke von
1mm, wihrend die Differenz zwischen den inneren und aufleren Durchmessern der
Ringe jeweils 15 mm betrégt, die durch keramische Abstandshalter elektrisch vonein-
ander isoliert sind. Um einen Spannungsabfall iber das Spektrometer zu erreichen,
sind die einzelnen Elektroden iiber 100 k{2 Widerstdnde miteinander verbunden und
konnen an mehreren Stellen an eine Spannungsquelle angeschlossen werden. Samt-
liche Widerstdnde wurden dabei in einer Vakuumkammer ausgeheizt und vor dem
Einbau getestet, um eine Toleranz von AR < +0.1 % zu gewahrleisten.

Das durch diese Konstruktion erzeugte elektrische Feld wurde mit dem Programm
SIMION simuliert und auf seine Homogenitét hin untersucht. Wie aus Abbildung
3.4 unten ersichtlich, ist der Feldverlauf in longitudinaler Richtung sehr homogen,
wenn es auch kleinere Abweichungen in axialer Richtung gibt. Diese kénnen jedoch
bei der Impulsrekonstruktion berticksichtigt werden.

Die innere Baugruppe des Spektrometers (siehe Abbildung 3.5 sowie eine Photo-
graphie in Abbildung 4.25) besteht aus 14 Ringen, die alle einen freien Durchmesser
von 100 mm aufweisen und jeweils geschlitzt sind, um das Entstehen von Wirbelstro-
men beim Schalten des Magnetfeldes zu vermeiden. Zusétzlich wurden die innersten
10 Ringe aus Aluminium gefertigt und mit Gold beschichtet, um ein elektrostati-
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Abbildung 3.5.: Schematischer Aufbau des inneren Spektrometer-Bauteiles. Im In-
neren befinden sich jeweils zwei konisch geformte innere Spektrome-
terringe. Die anschliefende dickere Form sind die Halter der MOT-
Spulen, an denen die Trager der Kompensationsspulen, leicht schrag
nach auflen abfallend, angegliedert sind. Fiir mechanische Stabilitat
sorgen die Verbindungsstiicke oben und unten im Bild, die elektrisch
isoliert sind. Nach oben fithrt der Spulenhalter zu einer Ringstruk-
tur, die am Flansch der Vakuumkammer befestigt werden kann.

sches Aufladen der Platten zu vermeiden. Im Zentrum des Spektrometers befindet
sich eine Liicke von 19 mm, um den optischen Zugang durch die Laserstrahlen der
Atomfalle zu gewahrleisten. Dartiber hinaus haben die innersten Ringe eine spezielle
Form (vergleiche hierzu auch Abbildung 3.5): Die innersten vier Ringe sind konisch
(in Form eines ,Kegelstumpfmantels“) geformt, um den zugdnglichen Raumwinkel,
z.B. zur Detektion von stofinduzierter Photonenemission zu vergréern [106].

Weitere vier Ringe werden gleichzeitig als Halterung fiir das Magnetspulenpaar
der MOT verwendet, wodurch die Grofle dieser Spulen moglichst klein gehalten
werden konnte. Ebenfalls in den Aufbau integriert ist eine weitere groflere Halte-
rung fiir ein zusétzliches Anti-Helmholtz-Spulenpaar, dessen Funktion in Kapitel
4.5 im Detail erlautert wird. Die gesamte Baugruppe ist auf einen CF200-Flansch
montiert, wodurch der Ein- und Ausbau in das Vakuumsystem erleichtert wird. Die
folgenden zwei Spektrometer-Platten auf beiden Seiten sind in die Halterung der Ma-
gnetfeldspulen integriert. Alle 14 Platten sind tiber Widerstiande von jeweils 17 k€2
verbunden.

Zeit- und Ortsfokussierung

Die in einem Reaktionsmikroskop erreichbare Impulsauflésung héngt unter anderem
von der Ausdehnung des Reaktionsvolumens ab. Dabei durchlaufen geladene Teil-
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3. Reaktionsmikroskop

chen, die an unterschiedlichen Positionen entlang der Spektrometerachse produziert
werden, unterschiedlich lange Beschleunigungsstrecken a + Aa im elektrischen Feld
F,; und erfahren damit unterschiedliche Potentialdifferenzen

U=F,-(a+ Aa). (3.1)

Dieser Effekt fithrt zu einer Verschlechterung der erreichbaren Auflésung. Da ein
ideales punktformiges Target physikalisch nicht realisierbar ist, miissen andere Mog-
lichkeiten zur Unterdriickung dieser Storung gefunden werden, ohne die Auflsung in
transversaler Richtung zu beeinflussen. In erster Ordnung kann dieser Effekt durch
eine sogenannte Wiley-McLaren-Konfiguration [107] minimiert werden. Zur Rekon-
struktion der Impulse werden die erzeugten Fragmente zuerst in einem elektrischen
Feld der Lénge a beschleunigt, bevor sie in einer sogenannten Driftstrecke d mit
konstanter Geschwindigkeit in Richtung der Detektoren fliegen. Hat die Driftregion
gerade die doppelte Lange der Beschleunigungsstrecke, d = 2a, wird der Unterschied
in den unterschiedlichen Flugstrecken durch die groflere Geschwindigkeit der Ato-
me, die in einem groferen Abstand vom Detektor erzeugt wurden und damit ein
starkeres Potential durchlaufen, ausgeglichen. Diese Konfiguration wird auch Zeit-
fokussierung genannt.

Um eine bessere Auflosung der transversalen Impulskomponenten zu erreichen,
kann eine zusétzliche Ortsfokussierung in das Spektrometer implementiert werden
(siehe hierzu [108]), indem eine schwache elektrostatische Linse in den Aufbau einge-
baut wird. Eine einzelne Elektrode nahe des Reaktionszentrums wird auf ein hoheres
Potential als die Umgebenden gelegt. Dies fithrt zu einer Fokussierung der Flugbah-
nen, die von der Brennweite dieser elektrostatischen Linse abhangt. Fragmente mit
gleichen longitudinalen Impulsen aber unterschiedlichen Startpositionen senkrecht
zur Extraktionsrichtung kénnen so auf dem Detektor auf einem einzelnen Punkt
abgebildet werden, dessen Position proportional zu ihrem Transversalimpuls ist.

Die wahrend einer typischen experimentellen Messzeit an das Spektrometer an-
gelegten Spannungen sind in Abbildung 3.4 unten eingetragen. Wéhrend das Ver-
héltnis der Drift- und Beschleunigungsstrecken in Bezug auf die Bedingungen der
Zeitfokussierung relativ gut erfiillt ist, wurde die Spannung an der achten Elektro-
de (in Abbildung 3.4 durch e; und i; bezeichnet) variiert, um die Impulsaufiésung
experimentell zu verbessern. Da der Wert von Ug = 4.4V etwas hoher liegt als
ein homogener Feldverlauf erwarten lassen wiirde, kann man hier von einer leichten
Ortsfokussierung sprechen.

Die an Elektrode 14 angelegte Spannung, die das Ende der Beschleunigungsstre-
cke definiert, war 8.7V auf der Ionenseite, sowie 8.5V auf der Elektronenseite. Dies
bedeutet eine Stirke des Extraktionsfeldes von 0.62 Vem ™ bzw. 0.61V em ™! fiir To-
nen und Elektronen gleichermafien. Die leichten Unterschiede der beiden Feldstarken
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stellten sich experimentell als vorteilhaft fir die erreichbare Auflésung der Impulse
heraus.

Magnetfeld

Die in einer Ionisationsreaktion erzeugten Ionen haben kinetische Energien von ei-
nigen meV und kénnen daher problemlos durch das angelegte elektrische Feld auf
den Detektor projiziert werden. Elektronen, die im Allgemeinen wesentlich hohere
kinetische Energien besitzen, haben damit auch eine hohere transversale Geschwin-
digkeit und verlassen zumeist den Akzeptanzbereich des Spektrometers, bevor sie
auf den Detektor treffen. Um die Akzeptanz der Elektronen zu erhohen, wird ein
homogenes Magnetfeld iiberlagert. Geladene Teilchen werden in einem Magnetfeld
durch die Lorentzkraft auf eine kreisformige Bahn gelenkt, deren Radius durch die
Starke des Feldes bedingt wird.

Zur Erzeugung des magnetischen Feldes wird ein Paar paralleler Helmholtzspulen
verwendet, deren Abstand D = 90 cm zueinander etwa dem Radius » = 85 cm der
Spulen entspricht. Die beiden Spulen befinden sich auflerhalb der Vakuumkammer
und erzeugen ein nahezu homogenes Magnetfeld im gesamten Spektrometerbereich.
Bei einer Windungszahl von 24 ergibt sich bei typischen Stromstarken von 25 A ein
Magnetfeld von etwa 7.7 G.

3.3. Detektorsystem

Die Rekonstruktion der beteiligten Impulskomponenten einer Ionisationsreaktion ist
limitiert durch die Auflésung der gemessenen Orts- und Zeitkomponenten. Um diese
so genau wie moglich zu bestimmen, sind einige Anforderungen an die verwende-
ten Detektoren, sowie die elektronische Datenaufnahme und -steuerung zu stellen.
Im Folgenden sollen diese Komponenten kurz erlautert werden, fiir eine detaillier-
te Beschreibung der Funktion und des Aufbaus der hier verwendeten Detektoren
siehe [109].

Detektoren

Die Detektoren sind aus einem Microchannel Plate und einer Delay-Line Anode
zusammengesetzt und ermdglichen so eine gute Orts- und Zeitauflosung der auftref-
fenden Teilchen.

Microchannel Plate

Ein Microchannel Plate (MCP) wie in Abbildung 3.6 dargestellt, besteht aus einer
wenige mm dicken Glasplatte, die auf beiden Seiten mit einer leitenden Oberfliche
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Geladenes

Elektronen
wolke

Abbildung 3.6.: Aufbau eines Microchannel Plates.

beschichtet ist. Durch die Glasplatte verlaufen viele kleine Kanéle mit wenigen zehn
pm Durchmesser in einem kleinen Winkel zur Flachennormalen. Zwischen Vorder-
und Riickseite des MCPs wird eine Spannungsdifferenz von etwa 1 kV angelegt. Tref-
fen nun Partikel auf die Oberflache, l6sen sie Elektronen aus, die entlang eines Ka-
nals beschleunigt werden und dabei weitere Elektronen aus den Wanden herauslosen.
Am anderen Ende der Glasplatte ergibt sich somit ein Verstarkungsfaktor von etwa
10, wobei die Ortsinformation des Primérteilchens erhalten bleibt. Die Totzeit der
Platte betrigt hierbei etwa 107%s und ist damit auch fiir die Detektion mehrerer
Elektronen aus einem Ionisationsereignis geeignet (Multihit-Fahigkeit).

Um die Verstarkung zu erhohen und Reflektionen der geladenen Teilchen zu ver-
meiden, werden héaufig mehrere Microchannel Plates hintereinander gesetzt, wobei
die Winkel der Kanéle in den verschiedenen Platten so zueinander versetzt werden,
dass eine v- (,,Chevron®)- oder z- (,z-stack®) formige Anordnung entsteht.

Delay-Line Anode

Um eine gute Ortsauflosung der Detektoren zu erreichen, wird hinter dem MCP
eine ortssensitive Anode verwendet. Die Funktion dieser Delay-Line Anode (DLA)
ist dabei wie folgt:

Ein am Ende des MCP angebrachtes elektrisches Feld beschleunigt die erzeugte
Elektronenwolke auf die dahinter liegende Anode, die aus vier voneinander isoliert
angebrachten Drahten, wie in Abbildung 3.7 links dargestellt, besteht. Dabei sind
jeweils zwei Drahte parallel nebeneinander um keramische Halterungen gewickelt,
wobei die Wicklungsrichtung der beiden Lagen um 90 Grad gedreht ist. An allen
Dréhten liegt eine geringe positive Spannung an, wobei jeweils an einer der beiden
parallel liegenden Dréhte eine leicht hohere Spannung anliegt. Die im MCP ausge-
losten Elektronen treffen die Anode an einen zum Auftreffort des Ions identischen
Punkt (zum Zeitpunkt ¢y) und werden mit einer bestimmten Geschwindigkeit v in
beide Richtungen des Drahtes zu den jeweiligen Drahtenden transportiert. Dabei
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Abbildung 3.7.: Aufbau und Funktion einer Delay-Line Anode. Abb. nach [110,111].

ist das Zeitintervall, welches das Signal zu beiden Leiterenden benétigt, aufgrund
der durch den Auftreffort gegebenen verschiedenen Wegléngen unterschiedlich, und

die Zeitdifferenz kann so zur Bestimmung des Ortes (in einer Dimension) verwendet
werden:

Ir = ’UL((tl — to) - (tg - to)) == Ul(tl - tg) (32)

Die Benutzung zweier paralleler Drahte dient dabei der Verbesserung des Signal-zu-
Rausch-Verhéltnisses. Wahrend Rauschen in beiden Drahten gleichméfig auftritt,
werden die Elektronen mehr auf den positiveren der beiden Leiter gezogen. Zur Da-
tenauswertung wird deshalb das Differenzsignal der beiden Dréahte verwendet.

Beide Bauteile wurden in einem mechanischen Aufbau kombiniert, der an der Va-
kuumkammer befestigt werden und mit Hilfe von Manipulatoren aus der Strahlebene
hinaus bewegt werden kann, um eine ungehinderte Transmission des ungekiihlten
Tonenstrahles des TSR zu ermdéglichen. Hierbei sei auf die Arbeit von M. Sell [109]

verwiesen, der den mechanischen Aufbau und Test der hier verwendeten Detektoren
ausfiihrlich beschreibt.

Elektronische Datenaufnahme

Die aus der Anode und dem Microchannel Plate ausgekoppelten Signale durchlaufen

eine Reihe elektronischer Bauteile, bevor sie mit einer Analyse-Software ausgewertet
werden konnen.

Der erste Schritt der Datenverarbeitung ist eine Verstiarkung der Signale durch
einen Fast Amplifier sowie im Falle der MCP-Zeitinformation eine Invertierung
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3. Reaktionsmikroskop

des Signales. Ein Constant-Fraction-Diskriminator (CFD) wandelt anschlieBend das
analoge Signal in ein von der Hohe des Pulses unabhéngiges NIM-Signal (aus dem
Englischen, Nuclear Instrumentation Module) um, sobald ein Schwellenwert tiber-
schritten wurde. Dabei hidngt das Ausgangssignal des CFD nicht von dem Zeitpunkt
des Erreichens des Schwellenwertes ab, sondern der Zeitabstand zwischen dem Ma-
ximum des Eingangssignals und der Signalausgabe bleibt konstant.

Im Anschluss werden die Signale durch einen Time-to-Digital-Converter (TDC)
digitalisiert und fiir die weitere Verarbeitung durch einen Computer vorbereitet.
Hierzu wird eine Koinzidenzschaltung angewandt, die nur dann die Weitergabe von
Daten erlaubt, sofern bestimmte Koinzidenzen eintreten, beispielsweise wenn ein
Impuls auf dem Ionendetektor innerhalb eines festgelegten Zeitfensters nach dem
Auftreten eines Elektronenevents stattfindet. Durch diese Schaltung werden falsche
Ereignisse unterdriickt und die Datenrate klein gehalten.

Die digitalisierten Daten werden an einen weiteren Rechner geschickt, der eine
direkte Analyse der Daten iiber das Software-Programm Go4 (entwickelt an der GSI
Darmstadt [112] und basierend auf der Programmiersprache ROOT, siehe hierzu
[113]) erlaubt, sowie die Daten fiir eine spatere Auswertung speichert.

3.4. Impulsrekonstruktion

In einem Reaktionsmikroskop werden die durch eine Ionisationsreaktion erzeugten
geladenen Fragmente tiber ein elektrisches Feld auf den Detektoren abgebildet. Die
dadurch messbaren Grofien dieser Reaktion sind die Auftreff-Position des Teilchens
auf dem Detektor 7 = /T2 + 42, sowie die Flugzeit ¢, welche es zum Zuriicklegen
der Strecke zwischen Reaktionsvolumen und Detektor benotigt. Aus diesen beiden
Parametern lassen sich die dreidimensionalen Ausgangsimpulse der N 41 beteiligten
StoBpartner berechnen, sofern N die Anzahl der detektierten Teilchen ist. Aufgrund
der Zylindersymmetrie des Spektrometers entlang der Extraktionsrichtung z bietet
es sich an, zur Impulsrekonstruktion Zylinderkoordinaten z, r, ¢ zu verwenden, wobei
der Impuls sich in einen longitudinalen Anteil p; und einen transversalen Anteil

pL = y/p% + p? aufteilt, ebenso wie die Energie.

lonenimpulse
Longitudinaler Impuls

Fiir die Impulsrekonstruktion entlang der Spektrometerachse ist nur die Informati-
on der Flugzeit von Noten. Dabei muss beachtet werden, dass diese nur in Bezug
auf einen Referenzwert angegeben werden kann und eine korrekte Berechnung des
Impulses von der richtigen Wahl der Referenz abhéngt. In den hier betrachteten
IonenstoB-Experimenten wurde dieser (¢ = 0)-Wert durch die rf-Frequenz des Io-
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nenspeicherringes vorgegeben. Da der Ionenstrahl gepulst ist und der Abstand der
einzelnen lonenpulse der Frequenz des rf-Generators entspricht, lasst sich der Start-
zeitpunkt aus der Radiofrequenz ableiten, wobei die Unschérfe in etwa der Breite
des Ionenpaketes von wenigen ns entspricht.

In einer Ionisationsreaktion erfihrt das Ion mit Masse m, und Ladung ¢ einen
RiickstoBimpuls p| = |/2E)m, und wird in der anschlielenden Beschleunigungsstre-
cke a durch die Kraft F,; = U/a beschleunigt, bevor es durch die Driftstrecke d mit
konstanter Geschwindigkeit auf den Detektor zufliegt. Die Flugzeit (oder TOF, aus
dem Englischen, time-of-flight) kann aus der Losung der Bewegungsgleichung zu

2a d
ty = fE) - VMa + (3.3)
VE | +qU =\ JE L\ JE|+qU
ermittelt werden. Das 4+ -Zeichen legt dabei einem Startimpuls in Vorwérts- oder
Rickwirtsrichtung in Bezug auf den Ionendetektor fest. Der Vorfaktor fg ) bein-
haltet dabei die Umrechnung aus SI-Einheiten in atomare Einheiten (siehe hierzu
Anhang C), er betrigt fir eine Angabe der Flugzeit in ns

v [ev
oy =199 /<2 (3.4)

cm u

sofern die beteiligten Groflen in der jeweiligen Einheit angegeben werden.

Zur Berechnung der Ionenimpulse aus der Flugzeit ist die Umkehrfunktion von
Gleichung 3.3 notwendig, fiir die es keine einfache analytische Losung gibt. Im Fall
der Riickstoflionen iibersteigt die durch die Beschleunigung im elektrischen Feld
aufgenommene Energie die durch den Riickstof3 der Ionisation gewonnene Energie
um einige GroBlenordnungen. Es ist daher moglich, Gleichung 3.3 durch eine Taylor-
Entwicklung um ¢, = ti(EH = 0) anzunéhern. Das Ergebnis ist eine Zeitdifferenz At
zwischen einem Ion mit einer Startenergie von £ und einem urspriinglich ruhenden
Teilchen Ej =0

At =t(E)) — t(Ey = 0) = [dgg')] a2 (3.5)
E|=0
bzw.
At = t(E)) — t(E) = 0) ~ [wﬁ] - Apy. (3.6)
=0

Damit ergibt sich der longitudinale Impuls der Riickstoionen zu

qU At
P = fp“ : T = (8.042 -1

03" ) . qUAta.u.. (3.7)

evns a

35



3. Reaktionsmikroskop

y-Position (mm)
y-Position (mm)

(@ x-Position (mm) (b)

x-Position (mm)

Abbildung 3.8.: Ortsspektren des (a) Ionen- und (b) Elektronendetektors einer typi-
schen Photo-Ionisationsmessung. Die zur Bestimmung der Transver-
salimpulse notwendigen Koordinaten (siehe Text) sind eingetragen.

Transversaler Impuls

Der Transversalimpuls lasst sich aus dem Auftreffort des Ionisationsfragmentes auf
dem Detektor bestimmen. Dabei wird der Abstand des Ortes in Bezug auf den
Auftreffpunkt eines Ions (z¢,yo) mit p; = 0 als

r=/(x — 20)2 + (y — 40)? (3.8)

definiert. Der Emissionswinkel ist hierbei tiber

¢ = arctan(y/x) (3.9)

gegeben. Eine typische Ionenverteilung einer Photo-lonisation (vergleiche auch Teil
III) ist in Abbildung 3.8 (a) abgebildet und verdeutlicht die hier definierten Para-
meter.

Der Transversalimpuls ergibt sich zu

r-vqUmg 11.6 r- \/quaau (3.10)
2a+d  \Vu-eV 2 +d '

Die Ionenflugbahn steht unter dem Einfluss des angelegten Helmholtzfeldes, der
Auftreffort der Ionen ist daher um den Winkel sinf = % gedreht. Dies muss bei
der Auswertung beriicksichtigt werden. In den hier betrachteten Experimenten ergab
sich diese Drehung zu etwa sin § = 32°.

pL = fp,l :
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Abbildung 3.9.: Radius des Elektronenauftreffortes auf dem Detektor aufgetragen
gegen die Flugzeit der Elektronen. Die charakteristische ,Wiggle®-
Struktur aufgrund der Zyklotronbewegung im Magnetfeld ist gut
erkennbar.

Elektronenimpulse
Longitudinaler Impuls

Sofern die Lénge der Streckenabschnitte a und d, sowie das angelegte elektrische Feld
U auf der Elektronenseite identisch mit denen der Ionenseite sind, unterliegen die
Bewegungsgleichungen der Elektronen denselben Gegebenheiten wie die der Ionen
und die Flugzeit der Elektronen lédsst sich tiber Gleichung 3.3 herleiten.

Aufgrund der relativ geringen Elektronenmasse ist die Anfangsenergie Fj nun
vergleichbar mit der im elektrischen Feld gewonnenen Energie und eine Naherung
wie in Gleichung 3.6 ist nicht mehr anwendbar. Die Losung der Elektronenimpulse
muss analytisch beispielsweise tiber das Newtonsche Naherungsverfahren gewonnen
werden. Hierzu ist allerdings die genaue Kenntnis des Zeitnullpunktes von Noten.

Da der absolute Zeitnullpunkt nicht aus der Radiofrequenz des gepulsten Projek-
tilstrahls bestimmbar ist, kann eine Betrachtung der Elektronenflughahn zur Er-
mittlung von ¢ = 0 herangezogen werden:

Das angelegte Helmholtzfeld zwingt die Elektronen zu einer Zyklotronbewegung
mit dem Radius

== A1
R="L (311)

und einer Zyklotronfrequenz von
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27 eB
W= —=—

3.12
T m (3.12)

Elektronen durchlaufen auf dem Weg zum Detektor mehrere Rotationszyklen und
treffen je nach Flugzeit an unterschiedlichen Positionen r. auf dem Detektor auf. Es
ergibt sich eine charakteristische ,Wiggle“-Struktur wie in Abbildung 3.9 aufgezeigt.
Elektronen, die eine theoretische Flugzeit von t. = 0 (und daher E} = co) besitzen,
werden im Magnetfeld nicht abgelenkt und treffen an Position r, = 0 auf. Der
Zeitnullpunkt liegt daher an einem Knotenpunkt der Verteilung und kann iiber
eine relative Zeitinformation des Reaktionszeitpunktes (beispielsweise aus der hf-
Frequenz des Speicherringes) bestimmt werden.

Transversaler Impuls

In der Ebene senkrecht zur Extraktionsrichtung beschreibt das Elektron eine Kreis-
bahn und durchliuft dabei den Winkel o = wt,. Trigonometrische Uberlegungen,
die in Abbildung 3.8 (b) dargestellt sind, fiihren zu einer Bedingung fiir den Zyklo-
tronradius von

Te Te

R = = . 3.13
2|sin(e/2)|  2|sin(e) (3.13)
Der Elektronen-Transversalimpuls ergibt sich demnach zu
eBr, 8.04 Br,
= = RIS 3.14
bL 2| sin () <mmG) 2| sin(e) ot (3:14)

Der Azimuthalwinkel ¢, ldsst sich aus dem im Ortsbild bestimmten Winkel 6 zu

e =0 — wt./2 (3.15)

berechnen.

Auflosung und Akzeptanz

Die Auflésung des Impuls-Spektrometers wird hauptséchlich durch die Unsicherhei-
ten der Zeit- und Ortsbestimmung sowie der Targettemperatur und -Ausdehnung
beeinflusst. Effekte, die auf die Grofle des Targets zuriickzufiithren sind, konnen durch
eine geeignete Wahl des Spektrometerautbaus reduziert werden, wie bereits in Ka-
pitel 3.2 beschrieben. Die Temperatur einer magneto-optischen Falle ist um einige
GroBenordnungen geringer als dies in einem traditionell verwendeten Gasjet der
Fall ist, und tragt dementsprechend in diesem Experiment kaum zur Begrenzung
der Auflésung bei.
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3.4. Impulsrekonstruktion

’ Impulsauflosung \ Transversal \ Longitudinal ‘

Tonen 0.1a.u. 0.04 a.u.
Elektronen 0.1la.u. 0.0l a.u.

Tabelle 3.1.: Impulsauflosung des Spektrometers bei den in dieser Arbeit vorgestell-
ten Experimenten.

Die Berechnung der Auflosung ergibt sich durch Anwendung des Fehlerfortpfian-
zungsgesetzes auf die jeweilige Formel fiir die Berechnung der longitudinalen und
transversalen Impulse (wie in 3.7 bis 3.14 angegeben) zu

2

U
Ap”,ion = (qa . At) (316)
vVaqUmyg ?
A ion — . A 317
PL, ( 2a +d " ( )

fiir die Auflosung des Ionenspektrometers, wobei At und Ar die Fehler der Zeit-
und Ortsbestimmung der Detektoren angeben. Fiir die Elektronen ist das Vorgehen
zur Analyse der Auflésung identisch, aufgrund der komplizierteren Bewegung der
Elektronen im Magnetfeld aber erheblich komplexer [114].

Die Akzeptanz des Spektrometers ergibt sich in longitudinaler Richtung aus der
angelegten Spannung U, wobei Reaktionsprodukte, deren Flugrichtung vom jeweili-
gen Detektor weg zeigt und deren kinetische Energie die elektrische Energie £/ = qU
iibersteigt, nicht mehr nachgewiesen werden. In transversaler Richtung ist die Ak-
zeptanz des Detektors durch den Durchmesser der Detektoren begrenzt und lasst
sich aus Gleichung 3.10 bzw. 3.14 durch Einsetzen des Detektorradius ermitteln.

In dem hier vorgestellten Aufbau konnte die Auflésung der Impulskomponenten
anhand einer Photoionisationsmessung experimentell ermittelt werden und ist in
Tabelle 3.1 dargestellt. Zur Erlauterung dieser Messung siehe Teil III. Diese Werte
sind insbesondere in Bezug auf die Ionenauflosung hervorragend. Sie konnten in
vergleichbarer Qualitiat bisher nur von einer weiteren Gruppe erzielt werden [115].
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4. Praparation eines Targets

In den im Rahmen dieser Arbeit durchgefithrten Experimenten soll die Impulsbilanz
in einzelnen ionisierenden St6fen zwischen Ionen und Atomen mit einer Genauigkeit
von zehntel bis hundertstel atomaren Einheiten gemessen werden. Wie im vorange-
gangen Kapitel erlautert, werden dabei nur die Impulse des ionisierten Targets und
der emittierten Elektronen im Endzustand direkt gemessen. Thre Anfangsimpulse
(genauer gesagt der Impuls des gesamten Targetatoms) miissen vorher mit hinrei-
chender Genauigkeit festgelegt werden, d.h. das Target muss vor dem Stofl mit
geringer Impulsbreite prapariert werden. Die Impulsdnderung des Projektils ergibt
sich dann indirekt aus der Impulserhaltung (siehe auch Kapitel 6.1)

Aus diesem Messprinzip ergeben sich folgende Anforderungen, die das Target er-
filllen muss:

1. Die Temperatur des Targets muss so gering sein, dass der mittlere thermische
Impuls der Teilchen p die angestrebte Impulsauflésung nicht iibersteigt. Die Im-
pulsverteilung eines atomaren Ensembles entspricht im Gleichgewichtszustand einer
Maxwell-Boltzmann-Verteilung (siehe Abbildung 4.1), wobei sich der Zusammen-
hang zwischen mittlerem Impuls und Temperatur aus der Energiegleichung
7
2m
ergibt. Soll beispielsweise eine Impulsauflosung von 0.05a.u. fir die Li*-Ionen er-
reicht werden, entspricht dies einer Auflosung der kinetischen Energie von nur 2.6 peV
und einer Targettemperatur von etwa 20 mK. Das Target muss daher mindestens auf
diese Temperatur abgekiihlt werden.

2. Auch die Dichte des Targets muss bestimmten Anforderungen gentigen. Aus
zwei Griinden darf sie nicht zu hoch sein: Erstens soll ein einzelnes Projektil-Ton
hochstens ein Atom aus der Targetwolke ionisieren, um eine eindeutige Zuordnung
der detektierten Targetfragmente zu ein und demselben ,Mutteratom® zu erlauben.
Zweitens sollte die Wechselwirkung der Targetatome untereinander vernachlassigbar
gering sein. Bei hohen Dichten und niedrigen Temperaturen kann es zur Bildung von
Molekiilen, Clustern oder gar Tropfchen [116] kommen, deren Struktur in aller Regel
einen erheblichen Einfluss auf die Streudynamik hat [117].

Die Targetdichte darf aber andererseits nicht zu gering sein und muss die Dich-
te der Restgasatome um mehrere Groflenordnungen tibersteigen, da ansonsten das
Signal-zu-Untergrund-Verhéltnis die Qualitat der Daten beeintréchtigt. Typische
Werte fiir Gastargets liegen im Bereich zwischen 10® und 10'° Teilchen /cm?.

_ 3
Biin = 5 — = SkaT. (4.1)
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4. Préaparation eines Targets
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Abbildung 4.1.: Maxwell-Boltzmann-Verteilung der Geschwindigkeiten in einem
atomaren Ensemble fiir verschiedene Temperaturen.

3. Die raumliche Ausdehnung des Targetgases sollte moglichst gering sein. Wie im
vorherigen Kapitel erlautert, verschlechtert sich die Impulsauflésung mit zunehmen-
der GroBe des Reaktionsvolumens. Das Reaktionsvolumen entspricht dem Uberlapp
des Projektilstrahls mit dem Target. Entlang der Projektilrichtung ist es also nur
durch die Ausdehnung der Targetwolke begrenzt. In den meisten Reaktionsmikrosko-
pen betriagt der Targetdurchmesser (entlang des Projektilstrahls) wenige Millimeter.

In allen fritheren Reaktionsmikroskopen wurden die Targets mit Uberschall-Gasjets
préapariert (siehe Abbildung 4.2). Hierbei wird ein Gas der Temperatur 7 und dem
Druck py durch eine schmale Diise mit einer Kammer mit niedrigerem Druck p;
(wobei p1/po < 2) verbunden, wodurch eine gerichtete adiabatische Ausdehnung mit
Uberschallgeschwindigkeit stattfindet. Dabei wird ein GroBteil der freien Enthalpie
(Summe der thermischen Energie und der durch den Druck gespeicherten mecha-
nischen Arbeit) in gerichtete kinetische Energie umgewandelt. Durch sogenannte
Skimmer, kegelférmige Blenden, wird der Strahl in seiner rdumlichen Ausdehnung
und transversalen Impulsbreite weiter reduziert. Je nach Aufbau und verwendetem
atomaren Target kann mit dieser Technik eine Temperatur von mehreren hundert
mK erreicht werden, was in etwa einer Impulsunschérfe von 0.1 a.u. entspricht. Eine
ausfiihrliche Beschreibung der Funktionsweise eines Uberschall-Gasjets findet sich
beispielsweise in [118].

Es eignen sich jedoch nur bestimmte Atomsorten zur Praparation in einem Jet.
Die Teilchen miissen in aller Regel bei Raumtemperatur in der Gasphase vorliegen.
Dies ist zwar bei vielen Molekiilen der Fall, bei atomaren Targets allerdings aus-
schliellich fiir Edelgase erfiillt. Die Einbringung anderer Atomsorten ist mit einem
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4.1. Theoretische Grundlagen
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Abbildung 4.2.: Targetpriparation mit Hilfe eines Uberschall-Gasjets. Abbildung
nach [114].

Gasjet nur mit groBerem technischen Aufwand, zum Beispiel mit einer zusétzlichen
Dissoziationsstufe [84], oder mit , geseedeten” Jets (siche hierzu [119,120]) moglich.

Eine alternative Moglichkeit der Praparation eines Targets ist die Implementie-
rung einer magneto-optischen Falle (MOT). Hierbei werden Atome in der Gasphase
durch resonante Photonen eines Laserfeldes abgebremst und aufgrund ihrer Wechsel-
wirkung mit einem inhomogenen Magnetfeld gespeichert. Die hiermit erreichbaren
Temperaturen liegen weit unter einem mK und sind somit mindestens um den Fak-
tor 10% kilter als die eines Uberschall-Gasjets, wiahrend die Targetdichte in etwa
vergleichbar bleibt. Zudem ist in einer MOT die Kiihlung in drei Raumdimensionen
identisch, wahrend beim Gasjet die Absenkung der Temperatur in Strahlrichtung
meist nur bis zu wenigen Kelvin moglich ist. In bisherigen Experimenten wurden
MOTs zur Targetpraparation nur in RiickstoBionenspektrometern eingesetzt. Ei-
ne koinzidente Detektion der Elektronen in einem Reaktionsmikroskop war bislang
nicht méglich [121] und wurde im Rahmen dieser Arbeit erstmals realisiert.

In den folgenden Kapiteln wird erst auf die Theorie einer MOT eingegangen,
bevor der Aufbau und die dazu notwendigen Komponenten der Atomfalle genauer
beschrieben werden.

4.1. Theoretische Grundlagen

Laserkiihlung

Die Moglichkeit der Kiithlung von Atomen mit Hilfe des gerichteten Lichtfeldes eines
Lasers wurde bereits 1950 erstmals erwdahnt [122], eine experimentelle Realisierung
dieses Prinzips wurde allerdings erst in den 70er Jahren des letzten Jahrhunderts vor-
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4. Préaparation eines Targets

geschlagen (siehe [123,124]). Es dauerte weiterhin bis 1985 bis eine erste erfolgreiche
Realisierung der Laserkiihlung neutraler Atome durchgefithrt werden konnte [125].

Das Kiihlen beruht auf der sich wiederholenden Absorption und Re-Emission der
Photonen des Lichtfeldes durch ein Atom. Prinzipiell kann die Re-Emission kohé-
rent oder inkohérent mit dem einfallenden Laserstrahl erfolgen. Zum kohérenten
Prozess, wie er beispielsweise in optischen Dipolfallen [126, 127] ausgenutzt wird,
sind hohe Lichtintensitidten notwendig, wobei die Laserstreuung nicht resonant zu
dem atomaren Ubergang ist. Die Kraft die auf das Atom wirkt, beruht hierbei auf
der Wechselwirkung zwischen dem (induzierten) elektrischen Dipolmoment p’ des
Atoms und dem elektrischen Feld E des Lichtstrahles. Da die Dipolkraft relativ
klein ist, kann sie zur Speicherung einer bereits vorgekiihlten Atomwolke verwen-
det werden (siehe auch [128]), nicht jedoch zur Kiihlung eines atomaren Gases auf
Raumtemperatur.

Die inkohérente Re-Emission von Photonen wird in MOTs nutzbar gemacht. Hier
wird auf die Atome in einem Lichtfeld durch resonante Absorption und anschlieSende
spontane Emission von Photonen eine Kraft ausgeiibt, welche auch als Spontan- oder
Streukraft bezeichnet wird. Das zur Kiihlung fithrende Prinzip wird im Folgenden
erklart:

Die Photonen eines Lichtfeldes haben eine Energie sowie einen Impuls,

Ey, = hw (4.2)
ﬁph = hlga

wobei w = 27 die Kreisfrequenz des Lichtfeldes und k& = 27/\ die Wellenzahl
darstellen. Bewegt sich nun ein Atom entgegen der Aussendungsrichtung eines kolli-
mierten Laserstrahles, kann es Photonen absorbieren, sofern die Frequenz des Lich-
tes im Ruhesystem des Atoms einem Ubergang zwischen den Elektronenniveaus des
Atoms entspricht. Das Atom wird angeregt und befindet sich in einer energetisch
hoher liegenden Elektronen-Konfiguration.

Da die Bewegungsrichtung des Atoms dem der Photonen entgegen gerichtet ist,
fithrt die Absorption des Photonenimpulses zu einer Abbremsung des Atoms. Bei der
darauffolgenden Abregung des Atoms durch die spontane Emission eines Photons
wird zwar wiederum ein Impuls auf das Atom tibertragen, die spontane Emission
und damit der Riickstofl sind jedoch ungerichtet und verschwinden bei der standi-
gen Wiederholung dieses Zyklus im Mittel iiber die Raumrichtungen, wohingegen die
Absorption ein gerichteter Prozess ist und deshalb zur Kiihlung der Atome fiihrt.
Auf diese Weise kann eine Reduktion der atomaren Geschwindigkeit auf sehr ge-
ringe Werte, theoretisch bis hin zur Grélenordnung des Photonenimpulses, erreicht
werden. Der Zyklus von Absorption und spontaner Emission findet mit der Rate
statt, die der reziproken Lebensdauer des angeregten Zustandes v = 1/7 entspricht.
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Eine detaillierte Herleitung der Wechselwirkung zwischen einem Atom und einem
Lichtfeld beruht auf dem Formalismus der optischen Bloch-Gleichungen und wird
beispielsweise in [129] ausfiihrlich dargestellt.

Im Gleichgewichtszustand lasst sich die Streurate, mit der das Atom Photonen
emittiert, als das Produkt der Rate v und der Besetzungswahrscheinlichkeit des
angeregten Zustandes p.. ausdriicken:

I'sp = 7 Pee (44)

Die Besetzungswahrscheinlichkeit p.. héngt dabei von den atomaren Eigenschaften
wie Lebensdauer 7 und Resonanzfrequenz wy, sowie von Parametern des Lichtfeldes
wie der Intensitat I und der Verstimmung des Lasers von der eigentlichen Reso-
nanzfrequenz 6 = wg — wy, ab. Durch die Losung der stationéren Bloch-Gleichungen
(siehe [129]) ergibt sich

50/2
ee — s 4.5
Pee = 1 s + (20/7)2 (45)
mit
so=1/I, (4.6)

wobei I die Sattigungsintensitat darstellt und sich allein aus den atomaren Eigen-
schaften ableitet:

mhe

I, = e (4.7)
Die Streurate am Beispiel von Lithium in Abhéingigkeit von der Verstimmung ist
in Abbildung 4.3 fiir verschiedene Sattigungsparameter s, dargestellt. Die Streurate
steigt demnach nicht nur mit steigender Laserintensitéit an, fiir groflere s verbreitert
sich diese zusétzlich, ein Effekt der als Leistungsverbreiterung bekannt ist. Eine
Steigerung der Intensitét fithrt daher zu einer besseren Absorption des Lichtes auch

bei grofleren Verstimmungen.
Ubersteigt die Laserintensitit den Wert von I, deutlich, befindet sich der Uber-
gang in Sattigung und die Aufenthaltswahrscheinlichkeit des angeregten Zustandes
erreicht einen Wert von 50%. Damit ergibt sich eine maximal mogliche Streurate

von I'sg maz = 7/2.

Die Kraft, die durch die Absorptionszyklen auf das Atom wirkt, ist gegeben durch
das Produkt des Photonenimpulses und der Rate, mit der dieser Prozess stattfindet:

Fop = hkTgp = Tkt 50

21+ 50+ (26/7)2 (48)
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Sreurate I'(g)
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Abbildung 4.3.: Streurate fiir Lithium in Abhédngigkeit von der Verstimmung fiir
verschiedene Sattigungsparameter sg.

Auf ein ruhendes Atom kann daher maximal eine Kraft von Fsg pmas = hk% bei einer
maximalen Streurate 'sg e, Wirken.

Soll dieser Lichtdruck zum Kiihlen von Atomen mit einer Anfangsgeschwindigkeit
v verwendet werden, muss die durch die atomare Bewegung verursachte Doppler-
verschiebung der Lichtfrequenz beachtet werden. Die Verstimmung &ndert sich um
den Doppler-Term k¥ zu

§ >0 =w—wy— kv. (4.9)

Das Atom ,sieht“ das Laserlicht je nach Bewegungsrichtung zu héheren oder nied-
rigeren Frequenzen hin verschoben. Bewegt sich das Atom entgegen der Ausbrei-
tungsrichtung des Lichtstrahles, wird die Frequenz des Lichtes zu hoheren Werten
verschoben, zeigen Ausbreitungsrichtung und atomare Geschwindigkeit in dieselbe
Richtung, erscheint die Lichtfrequenz fiir das Atom geringer.

Wiéhlt man nun Laserlicht, dessen Frequenz im Laborsystem rotverschoben und
damit kleiner als die tatséchliche Resonanzfrequenz ist, bewirkt die Bewegung eines
Atoms auf die Lichtquelle zu eine Verschiebung hin zur Resonanzfrequenz, wohin-
gegen ein Lichtstrahl, der in Bewegungsrichtung des Atoms ausgesandt wird, weiter
weg von der Resonanzfrequenz wahrgenommen wird.

Befindet sich ein Atom in einem Lichtfeld aus zwei anti-parallelen, beziiglich des

atomaren Uberganges rotverschobenen Lichtstrahlen gleicher Frequenz, wird der
Strahl, dessen Bewegungsrichtung der des Atoms entgegengesetzt ist, immer ndher
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Abbildung 4.4.: Typischer Verlauf der geschwindigkeitsabhangigen Krafte auf ein
Atom in einer eindimensionalen optischen Molasse.

zur Resonanzfrequenz hin verschoben werden und bewirkt eine verstarkte Absorp-
tion.

Die Kraft, die auf ein Atom in solch einem eindimensionalen Lichtfeld wirkt, setzt
sich aus der Spontankraft der beiden Laserstrahlen zusammen:

FOM:F_|_+F_ (410)
Dabei beschreiben

Y So
Fy = hk= 4.11
== e ¥ 220 F k]2 (4.11)

die von beiden Laserstrahlen bewirkten Krafte auf das Atom.

Die Summe kann nun durch

8(580

Fou = hk?
oM Y1+ 50+ (2)2))

S0 =—Pu (4.12)

beschrieben werden, wobei Terme der GroBenordnung (kv/v)* und hoher vernach-
lassigt werden.

Dieser Ausdruck entspricht einer Ddmpfung in der Bewegungsgleichung des Atoms,
der zu einer Abnahme der Geschwindigkeit fithrt. Aufgrund dieses Dampfungsterms,
der mathematisch dquivalent zur Dampfung der Bewegung eines makroskopischen

47



4. Préaparation eines Targets

Teilchens in einer viskosen Fliissigkeit ist, wird dieses Phanomen auch optische Mo-
lasse genannt. Verwendet man in Gleichung 4.11 typische Werte fiir sy und § fiir
ein Lithium-Atom, ergeben sich die auf das Atom wirkenden Kréfte in Abhéangig-
keit von der Geschwindigkeit wie in Abbildung 4.4 dargestellt. Fiir die Kombination
der beiden gegenldufigen Laserstrahlen, hier durch die blaue Kurve symbolisiert,
verschwindet die Kraft auf ein ruhendes Atom.

Eine Erweiterung dieses Prinzips auf drei Dimensionen ist problemlos moglich,
wobei hier drei Paare gegenlaufiger Laserstrahlen notwendig sind, um die Bewegung
der Atome in allen Raumrichtungen zu verringern.

Ohne zusétzliche Einfliisse auf die atomare Bewegung wiirden alle Atome inner-
halb kurzer Zeit auf die unphysikalische Geschwindigkeit v = 0 abgebremst werden.
Daher muss es einen Heizprozess durch das Lichtfeld geben, welcher der Kiihlung
entgegenwirkt (siehe hierfiir auch [129,130]). Dieser Aufheizprozess beruht auf der
diskreten Grofle der Impulsiibertrage, die auf das Atom bei einem Absorptions-
oder Emissionsprozess iibertragen werden konnen. Da dieser Impulsiibertrag Ak ent-
spricht, andert sich die kinetische Energie im Durchschnitt mindestens um die Riick-
stoflenergie

p2 _ h2k2

2m,  2my,

b, =

= hw, . (4.13)

Die durch die Absorption aufgenommen Energie hwg,s setzt sich dabei zusammen
aus der Energie des Lichtfeldes hwy und der Riickstolenergie Aw, . Die Frequenz des
absorbierten Lichtes ist damit im Mittel mindestens wgs = wo + w,. Ebenso setzt
sich die bei der Emission freiwerdende Energie hwg aus der Energie des ausgesandten
Lichtes hw,p,;s und der RiickstoBenergie des Atoms zusammen. Daher ist die mittlere
Frequenz der Emission we,,;s = Wy — W

Der Energieverlust des Lichtfeldes betragt somit pro Streuprozess im Mittel

AE, = W(Waps — Wemis) = 2hw, = 2F, (4.14)

und wird durch die RiickstoSbewegung des Atoms in kinetische Energie umgewan-
delt.

Dieser Energieverlust des Lichtfeldes findet in einer eindimensionalen optischen
Molasse mit zwei gegenlaufigen Laserstrahlen mit einer Rate von 2['gg statt, und
wird in kinetische Energie des Atoms umgewandelt. Aufgrund der zufalligen Rich-
tung dieses Riickstofles wird das Atom damit aufgeheizt.

Im Gleichgewichtszustand heben sich die hierdurch bedingte Heizrate

Rpei» = 2T spAE, = 4hw,Tsp (4.15)

und die durch Gleichung 4.12 gegebene Kiihlrate R, = Fonr-v (die laut Gleichung
4.12 proportional zu v? und damit der kinetischen Energie ist), auf. Dies fiihrt zu
einer Gleichgewichtsenergie von
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hy (20~ 1
Eoog=—|—+ == | ==ksT. 4.16
o= (5 ) =380 10
Die kinetische Energie ist minimal fiir eine Verstimmung von 6 = —+/2 und fiithrt
zu einer Minimaltemperatur von
hy
Tp = — 4.17
D sz ) ( )

dem sogenannten Doppler-Temperaturlimit.

Fir viele Atomsorten lassen sich experimentell deutlich kéltere Temperaturen
realisieren, da die magnetische Substruktur der atomaren Uberginge zusammen mit
dem iiberlagerten Lichtfeld der Laserstrahlen zu einem zusétzlichen Kiihleffekt fiithrt
[131]. Dieses Prinzip ist auch als ,,Sisyphus-Kiihlung* bekannt. Die damit erreichbare
Temperatur leitet sich nun allein aus der Riickstoflenergie der Photonenemission
E, = h*k*/2m, ab und definiert das Recoil-Limit der Temperatur

h2k?

Trec I 4.18
[ (4.18)

und damit die minimale Temperatur, die durch Streuprozesse in Wechselwirkung
mit einem Lichtfeld erreicht werden kann.

Fir Lithium wird dieser Effekt allerdings nicht beobachtet, da die vergleichswei-
se grofle thermische Geschwindigkeit, die Lithium aufgrund seiner geringen Masse
selbst bei niedrigen Temperaturen besitzt, diese Pump-Effekte im Gegensatz zu
schwereren Alkaliatomen verhindert. Fir Lithium kann daher eine erreichbare Mi-
nimaltemperatur von

Tp.p; = 140pK (4.19)

angenomimern werden.

Kaltere Temperaturen bis in den nK-Bereich konnen beispielsweise durch Ver-
dampfungskiihlen erreicht werden, wie etwa zur Produktion eines Bose-Einstein-
Kondensates verwendet. Seit kurzem wird eine Vorstufe dieser Technik auch in To-
nenimpulsspektrometern eingesetzt [127]. Da eine weitere Abkiihlung der Atome
die erreichbare Impuls-Auflésung dieses experimentellen Aufbaus nicht signifikant
verbessern wiirde und zudem mit einer Verringerung der Dichte einhergeht, wer-
den diese experimentell aufwendigen Methoden in dieser Arbeit nicht angewandt.
Einen Uberblick iiber Techniken und Anwendungen des Sub-Doppler-Kiihlens und
der Speicherung von Atomen bei diesen kalten Temperaturen findet sich etwa in [126]
und soll hier nicht weiter ausgefithrt werden.
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Abbildung 4.5.: Aufbau und Feldverlauf einer magneto-optischen Falle, bestehend
aus einer optischem Molasse aus sechs orthogonalen Laserstrah-
len (als rote Pfeile dargestellt) und einem inhomogenen Magnet-
feld, welches durch zwei Spulen gegenlaufiger Stromrichtung er-
zeugt wird (links durch griine Pfeile angedeutet). Im rechten Bild ist
ein typischer Feldverlauf des hierdurch erzeugten Quadrupolfeldes
dargestellt.

Die Magneto-Optische Falle

Die Bewegung von Atomen in einer optischen Molasse wird zwar durch die wirkenden
Lichtdruckkréfte signifikant gekiihlt, als Atomfalle kann dies aber nicht bezeichnet
werden. Aufgrund des Riickstoles der Photonenemission fithrt das Atom eine Zu-
fallshewegung durch die Molasse aus und kann diese somit auch verlassen, da keine
riicktreibenden Kréfte auf das Atom wirken.

Die Kombination eines magnetischen Quadrupolfeldes (etwa erzeugt durch ein
Spulenpaar, durch das Strom in entgegengesetzten Richtungen fliet, siehe auch
Abbildung 4.5 links sowie [129]) zusammen mit einer optischen Molasse zu einer
sogenannten magneto-optischen Falle, ist eine sehr effiziente Atomfalle, bei der das
Prinzip des Laserkiihlens durch das Magnetfeld um eine riicktreibende Kraft erwei-
tert wird, um Atome speichern zu kénnen. Dabei werden die Atome durch sechs
Laserstrahlen im Impulsraum gespeichert, wahrend das Quadrupolfeld zusammen
mit der zirkularen Polarisation der Laserstrahlen eine Speicherung im Ortsraum
bewirkt.

Die Funktionsweise einer magneto-optischen Falle lésst sich am Einfachsten durch
ein eindimensionales Modell, wie in Abbildung 4.6 dargestellt, beschreiben [132]:

Das Lichtfeld der optischen Molasse bewirkt ein optisches Pumpen der Atome,
die in erster Ndherung als ein Zwei-Niveau-System mit einen Grundzustand |g)
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Abbildung 4.6.: Schema der Funktion einer eindimensionalen magneto-optischen
Falle am Beispiel Lithium.

sowie einen angeregten Zustand |e) beschrieben werden kénnen, wobei die Frequenz
eines Uberganges zwischen diesen beiden Niveaus iiber die Resonanzfrequenz wy (bei
B =0), gegeben ist.

Das tiberlagerte Anti-Helmholtz-Feld bewirkt einen ndherungsweise linearen Feld-
gradienten fur kleine Abstédnde zur Fallenmitte, der mit B(z) = Ar (mit einer kon-
stanten Grofle A) beschrieben werden kann. Ist der Anfangszustand ein s-Zustand
und der angeregte Zustand ein p-Zustand, bewirkt das externe Feld eine Zeeman-
Aufspaltung der drei magnetischen Unterniveaus des angeregten Zustandes (mj =
0,+1), die von der Fallenmitte nach auflen hin ansteigt, wie in Abbildung 4.6 ange-
deutet. Dabei wird fiir positive z die Zeemankomponente (m; = —1) zu niedrigeren
Energien bzw. Anregungsfrequenzen verschoben, der Unterzustand (m; = +1) hin-
gegen zu hoheren Energien. Aufgrund der Auswahlregeln kénnen je nach Polarisation
des Lichtfeldes nur bestimmte Uberginge induziert werden, so bewirkt Licht der zir-
kularen Polarisation o~ eine Anderung der Magnetquantenzahl um Am = —1 (von
Grundzustand mit (my = 0) zu dem angeregten Niveau (m; = —1), wohingegen o
zirkular polarisiertes Licht einen Ubergang mit Am = +1 induziert.

Da das Licht der optischen Molasse (hier durch wy, beschrieben und deren Grofie
durch eine gelbe Linie angedeutet ist) zur Kompensation der Dopplerverschiebung
um ¢ rotverschoben ist, befindet sich der Ubergang mit Am = —1 an Position 2’ in
Resonanz mit der Laserfrequenz, wihrend der Ubergang zum (my = +1) -Niveau
zu hoheren Frequenzen verschoben ist.

Wiéhlt man die Polarisation des von rechts kommenden Lichtes mit ¢~ , wird ein
Atom, das sich bei positiven z-Werten um 2z’ aufhélt, eine starkere Absorption die-
ses entgegenkommenden Lichtes aufweisen als fiir Licht der gedrehten Polarisation.
Dadurch wirkt eine riicktreibende Kraft in Richtung Fallenmitte auf die Atome. Die
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4. Préaparation eines Targets

Dopplerverschiebung der bewegten Atome vergrofiert den Bereich der Resonanz um
2’ herum.

Die Kraft auf Atome in einer MOT ldsst sich analog zu einer optischen Mo-
lasse durch Gleichung 4.10 beschreiben, wobei die Verstimmung um die Zeeman-
Aufspaltung erweitert werden muss,

L =0F kvt AuB(z)/h, (4.20)

mit der Anderung des magnetischem Moments Ap. Sofern die Zeeman-Aufspaltung
und Dopplerverschiebung klein gegentiber der Verstimmung ¢ sind, kann die Kraft
auf ein Atom in einer MOT nun durch

F=—pv—kz (4.21)

angenahert werden. Diese ist analog zur Kraft eines gedampften harmonischen Oszil-
lators mit der Frequenz w,s, = \/x/m und einem Démpfungsterm [ wie in Gleichung
4.12 definiert. Die Federkonstante k ist hierbei tiber

_ApA

= 4.22
h=— (4.22)

gegeben. Fiir typische Werte einer magneto-optischen Falle fiir Alkali-Atome ergibt
sich hierbei eine iiberkritische Dampfung der atomaren Bewegung durch die Falle
hindurch.

Das hier vorgestellte Prinzip einer eindimensionalen Falle lasst sich auf drei Di-
mensionen erweitern, wobei zu beachten ist, dass die radialen und axialen Magnet-
feldgradienten je nach Anordnung der Anti-Helmholtz Spulen im Allgemeinen nicht
identisch sind. Dadurch andert sich die Form der Atomwolke zu leicht elliptischen
Ausdehnungen.

Die Umkehrpunkte 2’ und —z’, an denen ruhende Atome in Resonanz mit dem
eingestrahlten Licht sind und deren Zeeman-Aufspaltung damit der Rotverschiebung
des Lichtes entspricht, definieren den maximalen Einfangradius einer MOT:

_ hé
© ApA

mit A = ‘fs—f. Im Allgemeinen ist der effektive Einfangradius einer MOT allerdings
durch den kleineren Durchmesser der verwendeten Laserstrahlen von etwa 1 bis 2
cm gegeben.

Die groBtmogliche Geschwindigkeit, bis zu der Atome eingefangen werden koénnen,
wird bestimmt durch die Strecke, auf der ein Atom vollstdndig abgebremst werden
kann. Dies ist durch den doppelten Radius der MOT gegeben und kann iiber

Ve < \/2R.hky/m, (4.24)

(4.23)
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4.2. FEigenschaften von Lithium

’ Parameter \ Symbol \ Grofle \ [Ref] ‘

Ordnungszahl Z 3

Natiirliches Vorkommen n 92.4 % [133]
Atomare Masse m 7.016 004 u [134]

1.165035-10726 kg

Kernspin I 3/2
Ionisationspotential Li(2s) | IPpi(as) 5.4 eV [135]
Ionisationspotential Li(2p) | IPpicp) 3.5 eV [135]
Ionisationspotential Li(1s) | IPpqs) 65 eV [135]
Tonisationspotential Li™ IPp;+ 75.6 eV [135]
Tonisationspotential Li** I Ppi2+ 122.5 eV [135]

Tabelle 4.1.: Atomare Eigenschaften von "Li.

abgeschétzt werden.

Weitere Parameter einer magneto-optischen Falle wie Lebensdauer, Tempera-
tur oder Verlustmechanismen werden in Kapitel 4.6 beschrieben und anhand einer
Lithium-MOT experimentell untersucht.

4.2. Eigenschaften von Lithium

Als Target-Spezies wurde in den hier beschriebenen Experimenten Lithium gewéhlt.
Dies hat mehrere Vorteile gegeniiber konventionellen Targets (in den meisten frii-
heren Experimenten wurde hierzu Helium verwendet). Zum Einen ist Lithium ver-
héltnisméaflig einfach in einer magneto-optischen Falle zu kiihlen und zu speichern,
und erlaubt damit eine signifikante Verbesserung der experimentellen Auflésung im
Vergleich zu Untersuchungen an einem Gasjet-Target. Zum Anderen hat Lithium
eine Elektronenkonfiguration, die es fiir Experimente dieser Art interessant macht.

Lithium ist das dritte Element im Periodensystem und das leichteste der Alkali-
Metalle. Es kommt in zwei stabilen Isotopen vor, wobei das bosonische “Li (mit
einem Kernspin von I = 3/2) mit 92.4% das Héufigste darstellt. Wahrend das
[onisationspotential des duleren Elektrons mit 5.4eV im Vergleich zu Wasserstoff
oder Helium relativ niedrig liegt, erfordert die Ionisation der weiteren Elektronen
deutlich hohere Energien (siehe Tabelle 4.1).

Das Kiihlen von Atomen erfordert zwei Energieniveaus mit einem dipol-erlaubten
optischen Ubergang. Fiir Lithium wird die sogenannte D2 -Linie verwendet, die den
Ubergang vom (2%5),,) - zum (22P;),) -Niveau beschreibt. Mit einer Wellenléinge
von 671 nm ist dieser optische Ubergang mit kommerziell erhéltlichen Lasersystemen
anzuregen. Die Lebensdauer des angeregten Zustandes betragt 7 = 27 ns und besitzt
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4. Praparation eines Targets

Bohr-Modell Feinstruktur Hyperfeinstruktur
F  Verstimmung (MHz)
0 +11.180
22p —A 1 +8.346
el B g 2 23
— 3 -6.929
22p
2
\zp# .Y, Y 2 +34.517
47 1 -57.529
D2
D1
22 2 +301.314
2
2%, , I
AE,;s=803.504
1 -502.190

Abbildung 4.7.: Energieschema und Hyperfeinaufspaltung von Lithium.
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Abbildung 4.8.: Abhéngigkeit der Energieniveaus unter Berticksichtigung der Hy-
perfeinstruktur im Magnetfeld fiir die Zeeman-Aufspaltung (a) des
(S1/2) -Grundzustands und (b) des (*Pj/,) - angeregten Zustands
fiir TLi.
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4.2. FEigenschaften von Lithium

’ Parameter \ Symbol \ Grofle \ [Ref] ‘
D1-Ubergang (225 /922 Ps5): Avac D1 670.9766 nm [136]
(Wellenlange im Vakuum)

D2-Ubergang(225; 522 Py 2): Avac,D2 670.9616 nm [136]
(Wellenldnge im Vakuum)

Frequenz VD2 446.810184 GHz | [136]
Energiedifferenz Eon 1.848 eV
Lebensdauer T 27.10 ns [137]
inverse Lebensdauer ¥ 36.90 -10° ™1
Natiirliche Linienbreite v/2m 5.873 MHz
Sattigungsintensitét I 2.54 mW/cm? | [138]
Hyperfeinstrukturkonstante 2257 5 | apps(2252) 401.76 MHz [136]
Hyperfeinstrukturkonstante 22Ps s | aprps(22Py)o) -3.05 MHz [136]
Hyperfeinaufspaltung 225 jo:

Energiedifferenz AFEyps/h 803.504 MHz> [136]
Kiihlfrequenz D2, FF =2 — 3 Veool 446.809875 GHz
Pumpfrequenz D2, FF =1 — 2 Vpump 446.810688 GHz

Tabelle 4.2.: Spektroskopische Eigenschaften von "Li.

damit eine natiirliche Linienbreite von v = 1/277 = 5.9 MHz.

Die Energieniveaus werden durch die Hyperfeinstruktur aufgespalten, wobei der
Grundzustand (225),2) in zwei Niveaus (mit F = 1,2) aufspaltet, die einen Ener-
gieabstand von Eppg/h = 804 MHz zueinander besitzen. Der angeregte (22P;)s)
-Zustand spaltet in vier Hyperfeinniveaus mit den Quantenzahlen F' = 0, 1, 2, 3 auf.
F = J + I gibt dabei den Gesamtdrehimpuls des Atoms an, berechnet aus dem
Kernspin I und dem Gesamtdrehimpuls der Elektronenhiille J. In Abbildung 4.7 ist
eine schematische Darstellung des Levelschematas von “Li dargestellt.

In einem externen Magnetfeld kommt es in Abhéangigkeit von der Magnetfeldstér-
ke zu einer weiteren Aufspaltung der Zeemankomponenten der Hyperfeinniveaus,
wie in Abbildung 4.8 dargestellt. Aufgrund der sehr geringen Hyperfeinstrukturkon-
stante des angeregten Zustandes, bricht die I— f—Kopplung bereits bei sehr geringen
Magnetfeldstarken auf, und die Energieniveaus verlaufen nicht mehr linear in einem
ansteigenden Feld. Eine ausfiihrlichere Beschreibung der Hyperfeinstruktur und der
Wechselwirkung von Atomen in einem externen Magnetfeld findet sich in Anhang A,
eine Zusammenfassung einiger spektroskopisch relevanter Parameter des benutzten
Kiihliiberganges in Lithium ist in Tabelle 4.2 zu finden.

Der eigentliche Kiihliibergang liegt dabei zwischen den Zusténden (225, /2, F=2)
und (2%Py)5, F = 3). Dies ist ein geschlossener Ubergang, das heifit, aufgrund der
Auswahlregeln darf der angeregte Zustand nur zurtick in den Grundzustand mit

95
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Auslenk-
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Optisches
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Abbildung 4.9.: Funktionsweise der Littrow-Konfiguration eines ECDL.

F = 2 zerfallen, nicht aber in den anderen Hyperfein-Grundzustand mit F = 1.
Aufgrund der intrinsischen Frequenzverbreiterung des Anregungslasers kénnen die
dicht beieinander liegenden Hyperfein-Niveaus des angeregten Zustandes nicht auf-
gelost werden. Deshalb findet auch eine Anregung in die (2P;);) -Zustédnde mit
F = 0,1 und 2 statt, die in den (2255, F' = 1) -Zustand zerfallen kénnen und
damit fiir den Kiihllaser aufgrund der groflien Energiedifferenz der beiden Grundzu-
stande nicht mehr anregbar sind. Innerhalb weniger Absorptionszyklen wiirden sich
die Atome in diesem ,,Dunkelzustand* ansammeln und an weiteren Kiihlzyklen nicht
mehr teilnehmen. Um dies zu vermeiden, wird ein Riickpump-Strahl eingesetzt, der
den Ubergang aus dem (2255, F' = 1) -Niveau in den angeregten Zustand und
somit eine effiziente Laserkiihlung ermoglicht. Im Falle von Lithium entspricht die
Ubergangswahrscheinlichkeit aus den angeregten Niveaus in den (225 2, F=1) -
Grundzustand etwa 63% der Ubergangswahrscheinlichkeit in den (225),,, F = 2)
-Zustand. Zur optimalen Kiithlung der Atome ist daher eine in etwa identische La-
serintensitat beider Frequenzen notwendig.

4.3. Das Lasersystem

Uberblick iiber die verwendete Lasertechnik

Die natiirliche Linienbreite des zur Anregung benutzten Uberganges in Lithium
betragt v/2m = 5.87 MHz. Um eine gute Anregungseffizienz zu gewéhrleisten, sollte
die Linienbreite des verwendeten Lasersystems unterhalb dieses Wertes liegen. Bei
einer Resonanzwellenlange von A\ = 671 nm setzt das eine relative Stabilitdt von
1078 voraus.

Eine Moglichkeit dies technisch zu realisieren sind sogenannte External-Cavity-
Diode-Lasers (ECDL). Hierbei wird die Kavitat eines Diodenlasers um ein optisches
Gitter erweitert. In der sogenannten Littrow-Konfiguration (siehe [139]), die in Ab-
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4.3. Das Lasersystem

Injected beam Single mode channel

Tapered amplifier chip
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Abbildung 4.10.: Funktionsprinzip einer Tapered Amplifier Diode. Bild aus [140].

bildung 4.9 dargestellt wird, trifft der aus der Diode ausgekoppelte Laserstrahl durch
eine Kollimatorlinse auf ein drehbares optisches Gitter. Aufgrund der Wellenldngen-
Selektivitét eines optischen Gitters, die durch A = g¢sin(¢)/n mit der Gitterkon-
stante g, dem Ablenkwinkel ¢ und der Beugungsordnung n gegeben ist, wird nur
ein geringer Teil der anfangs breiten Spektralverteilung der Diode in die Kavitat
zuriickreflektiert und damit verstarkt. Wahrend fiir die Laserverstarkung die erste
Beugungsordnung des reflektierten Strahles verwendet wird, bildet die nullte Ord-
nung den eigentlichen Output des Lasers. Damit kann eine selektive Verstédrkung
einer sehr geringen Bandbreite von unter 1 MHz erreicht werden. Durch Modifikati-
on des Anstellwinkels des Gitters kann die Wellenlénge des Lasers variiert werden,
wobei die gednderte Ausbreitungsrichtung des reflektierten Strahles durch einen wei-
teren Spiegel korrigiert werden muss.

Das aus ECDL-Dioden emittierte Laserlicht hat bei Wellenldngen im roten Be-
reich eine maximal erreichbare Leistung von etwa 30 mW, wohingegen der Betrieb
des im Folgenden vorgestellten Laseraufbaus eine Gesamtleistung von mehreren
hundert mW voraussetzt. Um diese Leistung zu erreichen, wird das ausgesandte
Licht in einem Tapered Amplifier (TA) verstarkt. Tapered Amplifier sind Halbleiter-
Laserdioden, deren Verstarkerregion konisch aufgeweitet ist (siche Abbildung 4.10).
Das Licht des Master-Oszillators wird durch einen Einmoden-Kanal in den Ver-
stiarker eingekoppelt um eine ausschlielliche Verstarkung der Fundamentalmode des
Master Lasers zu gewéhrleisten. Das so modenbereinigte Licht wird in dem an-
schlieBenden Verstarkermedium verstarkt, wobei die kegelférmige Form des Medi-
ums einen hoéheren Verstarkungsfaktor garantiert. So konnen in roten Wellenlan-
genbereichen Lichtleistungen von bis zu einem halben Watt erreicht werden, was
der benotigten Leistung fiir diesen Aufbau geniigt. Eine genauere Beschreibung der
Funktion einer Tampered Amplifier Diode findet sich beispielsweise in [140, 141].
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Abbildung 4.11.: (a) Experimentelle Realisierung der Frequenz-Modulations (FM)-
Spektroskopie, (b) Absorptionssignal der FM-Spektroskopie einer
Lithium Spektroskopiezelle. Dabei entsprechen auf der Abszisse
10ms einem Frequenzunterschied von etwa 1 GHz. Details siehe
Text.

Um die Frequenz des Lasers iiber einen langen Zeitraum stabil halten zu konnen,
ist ein elektronischer Regelkreis notwendig, um kleinere Abweichungen der Wellen-
lange, die beispielsweise durch Temperatur- oder Stromschwankungen in der Diode
auftreten, korrigieren zu kénnen. Die Ansteuerung des Regelkreises erfolgt in unse-
rem Fall iiber Frequenz-Modulations (FM)-Spektroskopie, dessen Aufbau in Abbil-
dung 4.11 (a) dargestellt ist.

Ein kleiner Teil des emittierten Laserlichtes wird durch eine Spektroskopiezelle,
die mit etwa 330 °C heiflem Lithium-Dampf gefiillt ist, gestrahlt. Wird die Frequenz
des Lasers dabei periodisch moduliert, ergibt sich ein Absorptionsspektrum, welches
aufgrund der Temperatur der Lithium-Atome stark dopplerverbreitert ist. Dieses
dopplerverbreiterte Profil ist in Abbildung 4.11 (b) abgebildet und fullt den kom-
pletten hier dargestellten Zeit- oder Frequenzbereich aus. Reflektiert man den Licht-
strahl auf sich selbst zuriick durch die Spektroskopiezelle, kommt es zur Ausbildung
sogenannter ,Lamb-Dips“, die eine genaue Bestimmung der Resonanzwellenléinge
ermoglichen. Dies beruht darauf, dass Atome einer bestimmten Geschwindigkeits-
klasse v; entlang der Strahlrichtung eine Dopplerverschiebung +6; des entgegen ihrer
Flugrichtung einfallenden Strahles und einer Verschiebung um —¢; des von hinten
kommenden Lichts erfahren. Da die Atome durch das Licht einer Richtung bereits
in den angeregten Zustand iibergegangen sind, kann der gegenlaufige Strahl nicht
mehr so gut absorbiert werden und ein Minimum der Absorption tritt auf.

Ein typisches Spektroskopie-Signal einer Lithium-Dampfzelle ist in Abbildung
4.11 (b) gezeigt. Peak a und c stellen die Lamb-Peaks des Kiihl- und Riickpump-
iiberganges der D2-Resonanz dar. Exakt zwischen diesen beiden Frequenzen liegt
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4.3. Das Lasersystem

Abbildung 4.12.: Funktionsprinzip eines Akusto-Optischen Modulators.

ein weiteres Absorptionsmaximum, die Crossover-Resonanz b: Ist die Geschwin-
digkeit der Atome gerade so grof}, dass die Dopplerverschiebung der halben Hy-
perfeinstrukturaufspaltung des Lithium Grundzustandes von 803.5 MHz entspricht,
konnen die Atome bei der Crossover-Frequenz Licht beider Strahlen gleichzeitig in
die jeweiligen Feinstruktur Uberginge (22512, F = 2) und (2255, F' = 1) nach
(22P; /2, F =10,1,2,3) absorbieren. Der angeregte Zustand kann wiederum in beide
Grundzustande zerfallen, daher wird keiner der beiden Zustédnde komplett entleert
und der riickreflektierte Strahl kann starker absorbiert werden. Es kommt exakt in
der Mitte zwischen den beiden Lamb-Dips bei Lithium zu einer verstarkten Absorp-
tionslinie im Spektrum, der Crossover-Resonanz.

Das von einer Photodiode aufgenommene Absorptionsspektrum wird nun iiber
die elektronische Steuerung zur Frequenzstabilisierung des Lasers verwendet, eine
genauere Beschreibung des Regelkreises findet sich unter anderem in [127].

Aufbau des Lasersystems

Wie in Kapitel 4.2 beschrieben, ist fiir den Aufbau einer Lithium MOT ein Zwei-
Frequenz-System notwendig, wobei der Abstand beider Frequenzen etwa 800 MHz
betrigt. Zudem sind alle Kiihlfrequenzen in den roten Frequenzbereich verschoben,
um ein effektives Kiithlen und Speichern der Atome zu erreichen.

Die Funktion der MOT héngt bei einem festen Magnetfeldgradienten empfindlich
von den jeweiligen Verstimmungen der Laser ab. Mit dem Aufbau sollte man daher
in der Lage sein, im laufenden Betrieb ein Optimum zu ermitteln und einzustellen.
Dies wird tiber die Verwendung von Akusto-Optischen Modulatoren (AOM) erreicht.
Akusto-Optische Modulatoren ermoglichen die steuerbare Frequenzanderung eines
Laserstrahles, indem der Laser durch ein optisches Gitter propagiert und hierdurch
eine Frequenzerhohung bzw. Frequenzerniedrigung erfahrt.

Die Funktionsweise eines AOM ist dabei wie folgt: An einen optisch transpa-
renten Kristall wird eine Radiofrequenz angelegt, welche eine periodische Ande-
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4. Préaparation eines Targets

rung des Brechungsindizes des Mediums bewirkt. Dies fithrt zur Ausbildung ei-
nes optischen Gitters, dessen Gitterkonstante der Wellenlange der akustischen Fre-
qQuenz Aschatl = Vschall/ Vschau €ntspricht. Trifft ein Laserstrahl unter dem Braggwinkel
0 = A/2Ascnan auf den Kristall, erfahrt er durch den Dopplereffekt eine Frequenz-
verschiebung um genau die angelegte Schallfrequenz (siehe auch Abbildung 4.12).
Dabei wird der Strahl um den Winkel § = 205 abgelenkt. Diese Frequenzanderung
ist nicht zu hundert Prozent effektiv, ein Teil des Lichtes wird unabgelenkt in der
nullten Ordnung verbleiben, durch geeignete Auswahl des Mediums und der angeleg-
ten Frequenz kann aber eine Effizienz von bis zu 90 % in der ersten Ordnung erreicht
werden. Die Ablenkung in hohere Beugungsordnungen ist durch einen geédnderten
Einfallswinkel 6 moglich, die Effizienz sinkt dabei aber deutlich. Der Frequenzunter-
schied zwischen den beiden Grundzustanden in Lithium kann mit Standard-AOMs
in erster Ordnung erreicht werden, ohne einen zu grofien Effizienzverlust in Kauf
nehmen zu miissen.

Der Vorteil der Verwendung eines Modulators im Gegensatz zu einem Frequenz-
stabilisierten Laser liegt in der Tatsache, dass eine Frequenzanderung des Lasers
hier durch eine einfache Anderung der angelegten Schallwelle erreicht werden kann,
wohingegen ein Laser, der {iber einen Regelkreis Frequenz-stabilisiert wird, befindet,
nur auf eine bestimmte Frequenz fest eingestellt werden kann und daher nicht durch-
stimmbar ist. Dies ist aber zur Optimierung der Atomfalle in dem hier vorgestellten
Experiment notwendig.

In den im Rahmen dieser Arbeit durchgefiithrten Experimenten wurden mehrere
Konfigurationen des Lasersystems verwendet. Exemplarisch wird hier nur ein Auf-
bau vorgestellt, sieche Abbildung 4.13. Der zur Frequenzstabilisierung verwendete
Spektroskopie-Aufbau ist links oben im Bild dargestellt. Ein kleiner Teil des Laser-
lichtes (unter 1mW) wird hinter einem Spiegel ausgekoppelt und durch die Spek-
troskopiezelle geleitet. In diesem Aufbau wird der Laser direkt auf die Crossover-
Frequenz zwischen den beiden Kiihlfrequenzen gelockt und erst im weiteren Verlauf
des Strahlenganges durch einen eingebauten AOM um mehrere hundert MHz ver-
schoben.

Das durch einen TA verstérkte und kollimierte Laserlicht wird nun in zwei Strah-
lengange aufgespalten und jeweils durch einen AOM gefithrt. Dieser bewirkt eine
Verschiebung der Frequenzen der ersten Beugungsordnung um etwa 200 MHz in eine
Richtung. Wird dieser Strahl nun reflektiert und erneut durch denselben Modulator
gesendet (in einer Doppelpass-Konfiguration), erfihrt der Strahl einer weitere Ver-
schiebung derselben Frequenz, so dass das Licht der ersten Ordnung um insgesamt
2v 400 verschoben wird. Die Frequenzen der beiden AOMs sind dabei so eingestellt,
dass die resultierenden Strahlengéinge nicht exakt den Resonanzfrequenzen der bei-
den Kiihliibergange entsprechen, sondern um einige MHz rotverschoben sind, um
eine effektive Kithlung zu gewéhrleisten.

Der Kiihlstrahl (der den Ubergang aus dem (42, F' = 2) -Grundzustand anregt)
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Abbildung 4.13.: Schematischer Laser-Aufbau
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Abbildung 4.14.: Frequenziiberginge und Rotverschiebung der beiden Kiihl- und
Pumpfrequenzen einer Lithium MOT.

wird dabei durch AOM C erzeugt und wurde auf eine Verstimmung beziiglich der
Crossover-Frequenz von insgesamt —421 MHz eingestellt, was einer Rotverschiebung
von 19 MHz oder 3.3 natiirlichen Linienbreiten entspricht. Der verbliebene Anteil des
Lichts wird durch einen weiteren AOM (in Abbildung 4.13 mit D bezeichnet) gelei-
tet, der eine Frequenzanderung um + 384 MHz bewirkt und damit eine Rotverschie-
bung in Bezug auf die Riickpumpfrequenz von etwa drei natiirlichen Linienbreiten
aufweist. Die Effizienz der Modulatoren liegt dabei bei etwa 55%. Eine Ubersicht
iiber die hier verwendeten Verstimmungen beziiglich der Crossover-Frequenz ist in
Abbildung 4.14 zu finden.

Die jeweiligen Kiihl- und Pumpfrequenzen werden mit einem nicht-polarisierenden
Strahlteilerwiirfel tiberlagert und anschlieBend tiber Spiegelpaare in optische Einmo-
denfasern eingekoppelt, wobei die Intensitaten des Kiihl- und Pumpstrahles in etwa
denselben Betrag haben. Die Leistung der MOT Strahlen an der Kammer nach Aus-
kopplung aus den optischen Fasern betrug etwa 10 mW pro Kiihl- und Pumpstrahl,
dementsprechend 20 mW Gesamtleistung pro Strahl der 3D MOT und ca. 50 mW
Gesamtleistung in einem zusétzlichen Strahlengang der zum Betrieb einer 2D MOT
benétigt wurde (siehe Kapitel 4.4).

Uber 15m lange Glasfaserkabel werden die Laserstrahlen vom Laseraufbau zur
Vakuumkammer gefiihrt. Dort wird das Licht durch Kollimatoren auf einen Durch-
messer von etwa 20 mm aufgeweitet, durch Wellenplatten zirkular polarisiert und
durch Quarzglasfenster in die Kammer geleitet. Zum Betrieb einer Standard-MOT
sind sechs Laserstrahlen notwendig, in den meisten Aufbauten werden hierfiir drei
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Abbildung 4.15.: Schematischer Aufbau und idealer Magnetfeldverlauf eines
Zeeman-Slowers.

orthogonale Strahlen eingesetzt, die nach Durchqueren der Kammer zuriickreflek-
tiert werden. Um die dafiir notwendige Laserleistung zu reduzieren, wurde in unse-
rem Experiment der vertikale Strahl dreifach reflektiert, so dass zwei Achsen damit
abgedeckt werden.

4.4. Eine 2D MOT als Atomstrahlquelle

Bei Raumtemperatur ist der Dampfdruck von Lithium auflerst gering und erst bei
einigen hundert Grad Celsius ist der Fluss der Atome in die Gasphase zum Laden
einer Falle ausreichend. Allerdings ist dann die entsprechende kinetische Energie der
Atome deutlich hoher als das Potential der Atomfalle und verhindert ein effektives
Einfangen. Es ist daher von Noten, die Atome in der Gasphase vorzukiihlen um das
Laden der Falle mit hoher Effizienz zu ermoglichen.

Eine Standardprozedur zum optischen Kiihlen von Atomen ist das Abbremsen
der Atome in einem sogenannter Zeeman-Slower (auch Zeeman-Kiihler) [142], wie
in Abb. 4.15 dargestellt. In einem heizbaren Reservoir wird Lithium auf 300—600 °C
erhitzt, welches durch eine diinne Diise gerichtet ausstromen kann. Die Atome diffun-
dieren nun entlang einer Rohre in Richtung der Vakuumkammer, wobei sie durch
einen entgegenkommenden Laserstrahl optisch gekiihlt werden. Die veranderliche
Dopplerverschiebung, welche die Atome aufgrund ihrer Abbremsung erfahren, kann
durch eine Zeeman-Verschiebung der Resonanzfrequenzen durch ein sich entlang
der Flugrichtung dnderndes Magnetfeld ausgeglichen werden (vergleiche hierzu die
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Abbildung 4.16.: Schematischer Aufbau einer 2D MOT.

theoretische Beschreibung des Laserkiihlens in Kapitel 4.1). Ein typischer Aufbau
ist beispielsweise in [92] beschrieben, in dem dort aufgefithrten Experiment wird das
Magnetfeld durch acht Spulen mit geringer werdender Wicklungszahl erzeugt, die
einzeln angesteuert werden kénnen, um ein moglichst gleichméfig abfallendes Feld
Zu erzeugen.

Ein grofler Nachteil von Zeeman-Slowern liegt darin, dass Kiihlung hier nur in
longitudinaler Richtung moglich ist, die transversalen Geschwindigkeitskomponen-
ten werden nur durch die geometrische Anordnung beschnitten. Deshalb muss zum
Erreichen hoher Laderaten der Zeeman-Slower moglichst nah an die MOT ange-
schlossen sein. In dem hier beschriebenen MOTReMi ist dies jedoch nicht ohne
Weiteres moglich, da die magnetischen Streufelder des Zeeman-Slowers die impul-
saufgeloste Detektion der Elektronen beeintréchtigen wiirden. Um diese Ineffizienz
zu umgehen, wurde in diesem Aufbau ein anderes Konzept zum Laden der Atomfalle
gewahlt, eine 2D MOT.

Eine 2D MOT beruht auf denselben physikalischen Prinzipien wie eine Standard-
MOT. Die Speicherung der Atome findet allerdings nur in zwei Raumrichtungen
statt, auf der dazu senkrechten, d.h. longitudinalen Achse wirkt keine begrenzende
Kraft. Die Lithium-Atome, die direkt aus dem heiflen Reservoir in die Fallenmit-
te gelangen, werden dort in zwei Dimensionen effektiv gekiihlt und in der dritten,
unbegrenzten Richtung extrahiert (siche Abbildung 4.16, sowie [143,144] und Refe-
renzen darin). Ein schwacher push“-Strahl auf der longitudinaler Achse schiebt die
kalten Atome in Richtung 3D MOT, wodurch sich ein Atomstrahl ergibt, der eine
sehr geringe Divergenz aufweist (typischerweise einige cm pro m).
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4.4. Eine 2D MOT als Atomstrahlquelle

Abbildung 4.17.: Abbildung der eingebauten 2D MOT Spulen auf einer Halterung,
die den Einbau in die Vakuumkammer gewéhrleistet.

Das Magnetfeld wird mit vier ldnglichen Spulen erzeugt (Abb. 4.16), durch die ein
Strom in Richtung der eingezeichneten Pfeile flieft. Das dadurch aufgebaute Ma-
gnetfeld ist im Inneren der Spule homogen in longitudinaler Richtung und nimmt
transversal nach aufien hin zu. Da die 2D MOT direkt aus dem heiflen Lithium Reser-
voir gespeist wird, muss der Magnetfeldgradient im Vergleich zu einer Standard-3D
MOT relativ hoch sein, um ein effektives Fangen der Atome zu ermoglichen. Es zeigt
sich, dass ein Feldgradient von etwa 60 G cm™! fiir eine optimale Funktion der Falle
notwendig ist. Um die fiir das relativ starke Magnetfeld notwendige Stromstarke
zu begrenzen, ist es allerdings von Vorteil, die Abmessungen der Spulen moglichst
gering zu halten. In diesem Aufbau wurde die Linge der Rechtecke mit 5cm und
die Breite mit 3 cm gewéhlt, wobei dieser Abstand aufgrund der Vierfachwicklung
der einzelnen Seiten effektiv kleiner ist.

Der optische Zugang zur 2D MOT fiir die transversalen Kiihllaser erfolgt durch
die Mitte der Spulen. Um eine ausreichende Kiihlung der Spulen zu gewéhrleis-
ten, sind diese aus Kupferrohr hergestellt und aus einem Stiick gefertigt, durch das
Kiihlwasser geleitet werden kann. Zur elektrischen Isolation der Windungen unter-
einander wurde Kaptonfolie [145] verwendet. Die Spule wurde zur Stabilisierung auf
einem Aluminiumhalter montiert, der zusétzlich den prézisen Einbau in der Vaku-
umkammer ermoglicht. Ein Bild der Spule vor dem Einbau ist in Abbildung 4.17 zu
sehen.

Die 2D MOT ist in eine separate Vakuumkammer eingebaut. Der Ofen, der heifle
Lithium-Atome in die Fallenmitte evaporiert, ist in einem Abstand von 16 cm un-
ter der Spule angebracht. Er besteht aus einer kleinen Kammer von etwa 10cm?,
in welcher einige Gramm Lithium eingebracht sind. Durch einen Heizdraht an der
Auflenseite des Ofens wird das Lithium auf etwa 300°C erhitzt und verdampft.
Die Atome gelangen in den Fallenbereich und kénnen dort gekiihlt werden. Damit
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Abbildung 4.18.: Simulation des radialen Magnetfeldverlaufs, erzeugt durch den ver-
wendeten Aufbau einer 2D MOT.

durch den Ofen das Vakuum in der eigentlichen Reaktionskammer nicht beeintréch-
tigt wird, ist die 2D MOT-Vakuumkammer iiber eine differentielle Pumpstufe an
die Hauptkammer angeschlossen und wird separat gepumpt. Ein Ventil zwischen
beiden Kammern erméglicht eine vollstdndige Abtrennung beider Rezipienten. Der
erreichte Druck in der 2D MOT Kammer betrigt dabei etwa 10~° mbar.

An die Spulen wird ein Strom von 50 A angelegt. Eine Simulation des Magnetfel-
des, das sich aus dieser Konfiguration ergibt, ist in Abbildung 4.18 als Funktion der
radialen Koordinaten dargestellt. In Abbildung 4.19 findet sich eine Messung des
Feldverlaufs in radialer Richtung bei 5 A Spulenstrom sowie die zugehorige Simula-
tion des Feldverlaufs. Ein Vergleich der beiden Kurven zeigt eine gute Ubereinstim-
mung.

Der simulierte axiale Magnetfeldverlauf ist in Abbildung 4.20 zu sehen. Es ist
leicht ersichtlich, dass der Feldverlauf in der Mitte der Spule nahezu unabhingig

von der longitudinalen Position ist, und das Feld erst ab einem Abstand von 20 mm
abfallt.

Die Effizienz der 2D MOT héangt auch hier von einem optimalen Zusammenspiel
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Abbildung 4.19.: Simulation (magenta)und experimentelle Daten (blau) des radialen
Magnetfeldverlaufs der 2D MOT bei einem Spulenstrom von 5 A.
Daten aus [146].

der atomaren Geschwindigkeiten, des Magnetfeldgradienten, der Laserleistung und
-Verstimmung sowie von weiteren Parametern ab. Um die heiflen Atome effektiv zu
fangen, muss generell die Rotverschiebung des Kiihlstrahles deutlich grofier sein als
dies bei der 3D MOT der Fall ist. In einer quantitativen Messung wurde die optimale
Verstimmung in diesem Aufbau ermittelt, in dem die Fluoreszenz der Atomwolke,
die von der Anzahl der gefangenen Atome abhéngt, mit Hilfe einer CCD Kamera
in Abhéngigkeit der Verstimmungen der beiden Kiihl- und Repump-Strahlen ge-
messen wurde. Es ergibt sich ein Optimum bei Verstimmungen von 30 MHz fiir den
Kiihlstrahl und 18 MHz fiir den Riickpumpstrahl.

Die technischen Gegebenheiten des Laseraufbaus zum Zeitpunkt der in Teil V vor-
gestellten Experimente erlaubte keine individuelle Einstellung der Verstimmungen
fir 2D MOT und 3D MOT Strahlen, sondern Kiihl- und Pumpfrequenzen beider
Atomfallen waren auf denselben Wert festgelegt. Eine Optimierung wurde dabei auf
die Zahl der in der 3D MOT gespeicherten Atome durchgefiihrt. Dabei hatte die
Verstimmung der Strahlen einen grofieren Einfluss auf die Funktion der 3D MOT
(deren Magnetfeld standig geschaltet wurde, siehe Kapitel 4.5), wihrend die 2D
MOT (deren Feld zeitlich konstant blieb) robuster auf Anderungen reagierte. Die
Verstimmungen wurden daher auf die in Tabelle 4.3 beschriebenen Werte festgesetzt
und im Laufe der experimentellen Messungen um einige MHz variiert.

Der Durchmesser der Laserstrahlen entspricht in etwa dem freien Durchmesser
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Abbildung 4.20.: Simulierter axialer Magnetfeldverlauf durch die 2D MOT Spule in
einem radialen Abstand von 10mm vom Mittelpunkt.

der Magnetfeldspulen und betrigt 12mm, die Leistung in den beiden Frequenzen
durchschnittlich jeweils 23 mW.

Tiecke et al. stellen in [144] eine ausfithrliche Testreihe einer Lithium 2D MOT
vor, in der die Funktion der Atomfalle in Abhéngigkeit vieler Parameter untersucht
wurde, wobei diese im Bezug auf die Wiedereinfangrate in der 3D MOT gemessen
wurden. Im Wesentlichen sollten die dort erreichten Werte auch in diesem Aufbau
reproduzierbar sein. Allerdings sind viele der in [144] untersuchten Parameter wie
etwa Laserleistung oder Ofentemperatur aufgrund technischer Gegebenheiten in die-
sem Aufbau nicht ohne Weiteres veranderbar, und wurden nicht weiter untersucht.

Um die gekiihlten Atome aus der 2D MOT in das Reaktionsvolumen der 3D MOT
zu transferieren, wird ein schwacher (etwa 1.5 mW) push-Strahl auf die Atomwolke
gerichtet. Da in diesem Strahl nur die Frequenz des Kiihlstrahles eingespeist wird,
werden die Atome ,,angestoffen” und driften, sobald sie nicht mehr durch die Laser-
strahlen der 2D MOT riickgepumpt werden, in Richtung Hauptkammer mit einer
konstanten Geschwindigkeit von wenigen ms~!. Der push-Strahl ist kontinuierlich,
die Atome werden also ununterbrochen aus der 2D MOT in die 3D MOT transferiert.
Es konnte nur eine geringe Abhéngigkeit der Gréfie und Laderate der 3D MOT von
der Intensitat des push-Strahles festgestellt werden, ebenso hatte die Polarisation
des Strahls nahezu keinen Einfluss. Variiert man die Verstimmung des push-Strahles,
zeigte sich jedoch eine starke Abhéngigkeit der Laderate um einen Faktor von 10.
Aus praktischen Griinden wurde die Verstimmung bei den meisten Experimenten
auf den Wert der Kiihlfrequenz der 3D MOT festgesetzt, um weitere Leistungsver-
luste in frequenzmodulierenden Optiken zu vermeiden. Eine Photographie der 2D
MOT findet sich in Abbildung 4.21. Weitere Details des hier verwendeten Aufbaus
werden in [146] beschrieben.
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Abbildung 4.21.: Photographie der 2D MOT. Links im Bild sind die Positionen der
Faserauskoppler und Spiegel der Kiihlstrahlen zu erkennen, wéh-
rend auf der rechten Bildseite der push-Strahl abgebildet ist. Un-
terhalb des Vakuumaufbaus ist der Lithiumofen in gelb zu sehen.

Die Parameter bei denen die beiden Atomfallen betrieben wurden, sind in Tabel-
le 4.3 in Kapitel 4.6 zusammengefasst. Einen Uberblick iiber gemessene Variation
einiger Kenngroflen ist ebenfalls in Kapitel 4.6 zu finden.

4.5. Die 3D MOT im Reaktionsmikroskop

Sowohl zum Betrieb eines Reaktionsmikroskops als auch zum Speichern von Atomen
in einer MOT werden magnetische Felder benotigt. Bei der Kombination dieser bei-
den Techniken besteht nun die Herausforderung darin, die magneto-optische Falle
so zu konstruieren und zu betreiben, dass einerseits die Flugbahn der mit dem Re-
aktionsmikroskop zu messenden emittierten Elektronen nicht durch das Magnetfeld
der MOT gestort wird, und andererseits die Lithium-Atome trotz des Reaktions-
mikroskop-Feldes mit ausreichender Dichte im Reaktionsvolumen gespeichert wer-
den konnen. Frithere Versuche ein MOTReMi zu entwickeln, sind an diesen beiden
Schwierigkeiten gescheitert, siehe etwa [93,121]. Im Folgenden wird diskutiert, wie
diese Probleme mit dem gegenwartigen Aufbau gelost wurden.
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Erzeugung und Schalten des magnetischen Quadrupolfeldes

Um die Atome mit den Kiihllasern im Reaktionsvolumen zu speichern, muss in die-
sem Bereich ein magnetisches Quadrupolfeld erzeugt werden. Wie in Kapitel 4.1
beschrieben, wird hierzu ein inhomogenes Anti-Helmholtz Feld verwendet, welches
durch ein Spulenpaar mit anti-parallelem Stromfluss erzeugt wird. Da die Impuls-
rekonstruktion niederenergetischer Elektronen, die bei einem lonisationsprozess in
einem Stofl zwischen einem Projektil-Ion und einem Lithium-Atom emittiert wer-
den, bei angeschaltetem MOT-Magnetfeld nicht moglich ist, muss dieses Feld vor
der Messung ausgeschaltet werden.

Sobald das Feld ausgeschaltet ist, wird die Lithiumwolke zwar gekiihlt, aber nicht
mehr gespeichert und beginnt zu expandieren (bei einer Temperatur von 1 mK steigt
der Durchmesser der Wolke mit einer Geschwindigkeit von etwa 1 mm/ms). Daraus
folgt, das bereits wenige ms nach Ausschalten des Quadrupolfeldes erstens die Dichte
der Targetwolke stark reduziert ist, so dass eine Messung der Ionisationereignisse
aufgrund der geringen Rate kaum moglich ist, und zweitens die Lithium-Atome sich
so weit vom Fallenvolumen entfernt haben, dass sie beim erneuten Einschalten des
Feldes nicht mehr in der MOT eingefangen werden konnen. In diesem Fall miisste also
die ,leere* MOT aus der Atomstrahlquelle neu geladen werden, wobei die maximale
Targetdichte erst nach etlichen Sekunden erreicht werden wiirde (siche Kapitel 4.6),
woraus eine relative Messzeit von weniger als einem Promill folgt.

Um beide Einschrankungen zu vermeiden, muss das Magnetfeld also so schnell
ausgeschaltet werden, dass das MOT-Magnetfeld im Spektrometerbereich bereits
wenige hundert ps nach dem Ausschalten des Spulenstroms so stark abgefallen ist
(das Restfeld sollte den Betrag von einigen mG nicht tiberschreiten), dass eine unge-
storte Messung der Elektronenimpulse moglich ist und das Feld bereits nach 1-2ms
wieder angeschaltet werden kann.

Die wesentliche Schwierigkeit, das Magnetfeld so schnell auszuschalten, besteht
darin, dass induzierte Wirbelstrome in umliegenden Metallteilen wie z.B. den Spek-
trometerringen oder der Wand der Vakuumkammer ihrerseits wieder Magnetfelder
erzeugen, die deutlich langsamer zerfallen als der eigentliche Spulenstrom.

Um dies zu verhindern, wurden einerseits samtliche Metallringe des Spektrometers
und der Spulenhalter geschlitzt, um elektrisch geschlossene Schleifen zu reduzieren.
Zusétzlich wurde die Ausdehnung der Spulen und somit des Feldes minimiert, so dass
die Induktion an anderen Flachen, wie etwa auch der Kammerwand, reduziert wird.
Eine Simulation der Magnetfeldstirke in der Kammer mit einem konventionellen
Setup wie beispielsweise in [92] beschrieben, sowie eines Feldes, das durch wesentlich
kleinere Spulen, wie sie in diesem Aufbau verwendet werden, erzeugt wird, ist in Abb.
4.22 (a) und (b) dargestellt.

Um eine weitere rdaumliche Einschrankung des Feldes zu erreichen, wurden zu-
sitzlich Kompensationsspulen eingebaut, die ein schwécheres, dem Hauptfeld ent-
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Abbildung 4.22.: Magnetischer Feldverlauf fiir drei unterschiedliche Spulenkonfigu-
rationen mit der Wicklungszahl N und einer Stromstéarke I.
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Abbildung 4.23.: Projektion des Magnetfeldverlaufes in axialer und radialer Rich-
tung. Die Kurven beziehen sich dabei auf die in Abbildung 4.22
vorgestellten Spulenkonfigurationen.
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Abbildung 4.24.: Simulation (braun) und Messung (magenta) des (a) longitudinalen
und (b) transversalen Feldverlaufes der verwendeten Magnetfeld-
spulen bei einer Stromstarke von 5 A.

gegengesetztes Magnetfeld erzeugen. Diese Ausgleichsspulen bestehen aus weniger
Windungen als die Hauptspulen, werden aber von derselben Stromstérke in entge-
gengesetzter Richtung durchlaufen. Das hierdurch erzeugte Gesamt-Magnetfeld ist
in Abb. 4.22 (c) abgebildet und entspricht der realen Konfiguration des hier verwen-
deten Aufbaus. Mit dieser Konfiguration kann die Magnetfeldstarke an der Wand
der Vakuumkammer (bei etwa 20 cm) bei gleichem Magnetfeldgradienten im Zen-
trum um etwa den Faktor 100 beziiglich der konventionellen Spulen und immerhin
um den Faktor 10 der verkleinerten Spulen reduziert werden (siche Abbildung 4.23).

In diesem Aufbau wurden Spulen mit 12 Hauptwicklungen und 6 Ausgleichswick-
lungen mit einem Durchmesser von etwa 12cm der Hauptspulen bzw. etwa 16 cm
(Durchmesser der Ausgleichsspulen) verwendet, die typischerweise von einem Strom
in der Groenordnung von 20— 50 A (abhéngig von anderen MOT-Parametern wie
Verstimmung und Intensitat der Laser sowie Starke des anliegenden Helmholtzfel-
des) durchflossen werden.

Das magnetische Feld, welches durch die Spulen erzeugt wird, wurde vor dem
Einbau in die Vakuumkammer vermessen und mit der Simulation verglichen. Wie

aus Abbildung 4.24 ersichtlich, entspricht die Messkurve bei einer Stromstérke von
5V gut den theoretisch berechneten Werten.

Das Design der Spulen ist in Abbildung 4.25 abgebildet. Die Spulentriger sind
so gestaltet, dass sie gleichzeitig als Ringelektroden zur Erzeugung des elektrischen
Extraktionsfeldes im Reaktionsmikroskop genutzt werden kénnen. Hierdurch konnte
eine sehr kompakte Bauweise erreicht werden (Eine ndhere Beschreibung befindet
sich in Kapitel 3.2).

Die Spulen selbst wurden aus Kupferrohr hergestellt, welches einen Durchmes-
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Abbildung 4.25.: Aufbau des Spulenhalters.

ser von 3mm mit einer Wandstarke von 0.5 mm hat. Um eine elektrische Isolation
der Windungen untereinander und vom Metalltrager selbst zu gewahrleisten, wurde
das Rohr mit Kapton HN Folie (Spezifikationen hierzu finden sich im Datenblatt
unter [145]) umwickelt. Das Rohr wurde anschlieend an die Wasserversorgung an-
geschlossen, um eine ausreichende Kiihlung des Systems zu gewéhrleisten.

Das Schalten des Spulenstroms wird iiber einen elektronischen Aufbau gesteuert,
der eine sogenannte H-Briicke beinhaltet (sieche Abbildung 4.26). Dieser besteht aus
vier Metall-Oxid-Halbleiter-Feldeffekttransistoren (MOSFETS), die es ermdglichen,
iiber einen spannungsabhéangigen Widerstand einen angelegten Strom innerhalb von
Mikrosekunden zu schalten. In einer Testmessung wurde der Abfall des Feldes bei
unterschiedlichen Stromstérken vermessen. Ein beispielhaftes Ergebnis ist in Abbil-
dung 4.27 zu sehen. Hierzu wurde durch eine Stromzange der Spulenstrom direkt
gemessen. Bei einer Stromstéarke von 20 A lésst sich so eine Abschaltdauer von etwa
250 ps ermitteln. Der Anschaltprozess scheint aufgrund von Uberschwingungen deut-
lich langer (mehrere ms) zu bendtigen, dies beeintrachtigt die Funktion der MOT
allerdings nicht wesentlich. Durch den Aufbau der Briickenschaltung ist es moglich,
direkt nach dem Abschalten des Magnetfeldes einen entgegengesetzten Strom durch
die Spulen zu senden, dies sollte einen schnellen Abfall des Feldes begtinstigen [147].
Dieser Effekt konnte in unserem Aufbau allerdings nicht bestatigt werden. Auf eine
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Abbildung 4.26.: Prinzip einer H-Briickenschaltung.

Abbildung 4.27.: Zeitlicher Verlauf der Ein- und Ausschaltvorgéinge bei einem Spu-
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lenstrom von 20 A. In magenta ist der Abfall der Stromstérke in-
nerhalb der Spulen dargestellt, in gelb ist das Signal zum An- bzw.
Ausschalten des Stromes gegeben.
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Abbildung 4.28.: Zyklus der Datenaufnahme einer Ionisationsmessung an einer
magneto-optischen Falle.

Stromumkehr wurde deshalb bei dem Ausschaltvorgang verzichtet.

Ein typischer Arbeitszyklus ist in Abbildung 4.28 dargestellt. In dem gezeigten
Fall wurde das Magnetfeld fiir eine Dauer von 1300 s aus- und fir 3000 ps wieder
eingeschaltet. Die Datenaufnahme (symbolisiert durch DAQ in Abb. 4.28 aus dem
Englischen, data aquisition cycle) wurde in diesem Schaltzyklus synchronisiert 400 ps
nach Ausschalten des Stromes gestartet, so dass sich insgesamt eine relative Messzeit
von etwa 21 % ergibt.

Der Einfluss des abfallenden Magnetfeldes auf die Teilchendetektion ist in Abbil-
dung 4.29 erkennbar und macht sich in diesem Fall durch eine extrem schwankende
Flugzeit in den ersten 500 ps bemerkbar. Der Grund hierfiir sind neben einer Verlang-
samung des Feldabfalls durch induzierte Wirbelstrome in umgebenden Metallteilen
wohl hauptsachlich mechanische Schwingungen, die durch das schnell abfallende
MOT-Feld in den Spulen selbst (und damit in den Spektrometerringen) erzeugt
werden, und eine deutlich langere Abklingzeit als das eigentliche Feld haben. Sobald
das Extraktionsfeld einen konstanten Wert erreicht hat, lasst sich in Abbildung 4.29
eine Aufspaltung der Flugzeit erkennen, die dadurch bedingt ist, dass der zur Ioni-
sation verwendete Laser bei dieser Messung in longitudinaler Richtung polarisiert
war und es daher zu einer gleichverteilten Emission der Riickstoffionen in Vorwérts-
und Riickwértsrichtung kommt (siehe Teil III).

Durch eine Optimierung der Stromstéarke durch die Spulen, eine Verbesserung der
elektronischen Regelung der Schaltung, sowie eine geeignete Wahl des Abschaltzeit-
punktes vor Start der Datenaufnahme kann diese Storung noch verringert werden.
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Abbildung 4.29.: Tonenflugzeit aufgetragen iiber der Zeit nach Abschalten des MOT-
Magnetfeldes. Der zur Ionisation verwendete UV-Lasers ist in Flug-
zeitrichtung polarisiert.

Der Betrieb der MOT im Reaktionsmikroskop

Die Inkompatibilitit des MOT-Magnetfeldes mit der Detektion geladener Reakti-
onsprodukte erfordert ein Abschalten des Feldes vor jeder Datenaufnahme, was mit
einem exponentiellen Abfall der Targetdichte einhergeht. Ein erneutes Laden der 3D
MOT findet mit einer Zeitkonstante von mehreren Sekunden statt, deshalb muss ein
Weg gefunden werden, einen Grofiteil der gefangenen Atome durch einen Wieder-
einfang kontinuierlich zu speichern. Dieses Prinzip, welches im vorherigen Kapitel
beschrieben ist, wird in verschiedenen MOTRims-Experimenten [88-93] erfolgreich
angewandt, um eine unbeeinflusste Detektion der Ionenflugbahnen zu erméglichen.
Trotz intensiver Bemiihungen konnte eine Rekonstruktion der Elektronenimpulse
in keinem vorhergehenden Experiment erreicht werden, da hierzu ein zusatzliches
homogenes Magnetfeld notwendig ist, das die Dynamik der Atomwolke beim Laser-
kiithlen signifikant beeinflusst.

In diesem Aufbau wurde die Standard-Funktionsweise einer MOT variiert, um
diesen Schaltzyklus zu optimieren. Diese Optimierung beruht auf einer Anderung
der Polarisationen der verwendeten Laserstrahlen und wurde von uns ,,2.5D MOT*
genannt. Um den Vorteil dieser Konfiguration zu verstehen, ist es sinnvoll, sich
das Prinzip einer MOT anhand der wirkenden Kréfte zu verdeutlichen (siche auch
Kapitel 4.1):

Wird ein homogenes Magnetfeld, wie in einem Reaktionsmikroskop zur Elektronen-
Extraktion verwendet, in Richtung der Achse der MOT-Spule mit dem MOT-Magnet-
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Abbildung 4.30.: Schematischer Vergleich einer 3D MOT mit einer 2.5D MOT.

feld tiberlagert, verschiebt sich der Nullpunkt des Feldes auf der Magnetfeldachse.
Der Nulldurchgang des magnetischen Feldes féllt nun nicht mehr mit dem geome-
trischen Zentrum der MOT-Spulen bei z = 0 iiberein, wie dies in der Standard-
Konfiguration einer MOT, wie etwa in Abbildung 4.6 dargestellt, der Fall ist. Wird
das inhomogene MOT-Feld nun ausgeschaltet und fallt ab, kommt es zu einem Un-
gleichgewicht der Kréifte, da aufgrund der abnehmenden Zeeman-Aufspaltung der
Atome einer der beiden Laserstrahlen aus der Resonanz weggeschoben wird. Dieses
Ungleichgewicht fiihrt zu einer effektiven Kraft, wodurch die Atome aus der Fallen-
mitte hinausgedriickt werden. Dieses Prinzip ist in Abbildung 4.30 (a) verdeutlicht.
Ein zusatzlicher Verlust der Fallendichte ergibt sich aus der Tatsache, dass diese
Verschiebung der Atome hier etwa 4 mm betrigt, was einen betréchtlichen Anteil
des Atomstrahldurchmessers aus der 2D MOT ausmacht. Die Ladeeffizienz der MOT
wird dadurch zusatzlich verringert.

Andert man nun die Polarisation des auf der Achse des Helmholtzfeldes verlaufen-
den Laserstrahles, so dass die beiden riickreflektierten Strahlen dieselbe (zirkulare)
Polarisation aufweisen, &ndert sich dieses Bild. Aufgrund der Auswahlregeln kann die
Absorption der Photonen nun nur noch in einem der beiden magnetischen Unterzu-
stdnde stattfinden, wie in Bild 4.30 (b) eingezeichnet. Die auf die Atome wirkenden
Kréfte sind nun an allen Positionen z symmetrisch und heben sich gegenseitig auf.
Auf die Atomwolke wird somit keinerlei zuséatzliche Kraft ausgetibt und der Verlust
von Atomen wéahrend des Schaltvorgangs minimiert.

Diese Optimierung des Schaltzyklus geht auf Kosten der Gesamtzahl der gespei-
cherten Atome. Die Speicherung von Atomen in einer MOT beruht auf der riick-
treibenden Kraft in Richtung Fallenmitte, dies ist hier jedoch in z-Richtung auf-
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Abbildung 4.31.: Vergleich der Funktion einer 3D MOT mit einer 2.5D MOT anhand
der Verschiebung der Atomwolke, aufgenommen mit einer CCD
Kamera.

gehoben. Es wirken nur noch die dampfenden Kréfte einer optischen Molasse. Die
Lithium-Atome kénnen dementsprechend aus der Falle hinaus diffundieren und ge-
hen verloren. Das Funktionsprinzip einer MOT ist in diesem Fall auf eine 2D MOT
in den beiden transversalen Richtungen sowie eine optische Molasse in longitudina-
ler Richtung reduziert.

Ein Vergleich beider Betriebsweisen, also 3D- und 2.5D MOT ist in Abbildung
4.31 dargestellt. Mit Hilfe einer CCD-Kamera wurden zu verschiedenen Zeitpunkten
nach Abschalten des Magnetfeldes Bilder der Falle aufgenommen. Die Verschiebung
der Atomwolke im Falle der 3D MOT ist deutlich sichtbar. Es sei angemerkt, dass
die in beiden Konfigurationen maximal erreichbare Dichte (das heifit bei sehr langer
Ladezeit) mit ansteigendem Reaktionsmikroskop-Feld sinkt (bei 7.7 G etwa um den
Faktor 10).

Man kann in Abbildung 4.31 einen zusatzlichen Nachteil der Standard-Konfi-
guration erkennen, der sich mit der Verschiebung der Atomwolke ergibt. Der op-
tische Zugang zwischen den beiden innersten Ringen betragt nur etwa 9mm vom
Spulenmittelpunkt aus, Atome, die iiber diese Strecke hinaus diffundiert sind, kon-
nen nicht mehr eingefangen werden. Wie man hier erkennen kann, ist dies nach etwa
1 ms erreicht, wohingegen die Atomwolke in der 2.5D MOT nach dieser Zeitspanne
noch relativ kompakt ist und eine deutlich hohere Flugzeit vor dem Wiedereinfang
moglich ist. Dies verbessert den Betriebszyklus einer Messung erheblich.

Die Effizienz der 2.5D MOT ist sehr empfindlich im Bezug auf die Anordnung
der sechs Laserstrahlen. Die MOT wurde bei laufendem Schaltzyklus auf maximale
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Atomzahl justiert, dabei zeigte sich, dass alle Strahlen leicht dejustiert werden muss-
ten, um ein Optimum zu erreichen. Mit exakt riickldufigen Strahlen konnte keine
Atomfalle realisiert werden.

Dieser Effekt wurde in optischen Molassen schon frither beobachtet und in der
Gruppe von S. Chu ,supermolasses® genannt [148]. Chu beobachtete 1987 einen An-
stieg der atomaren Speicherungszeit um bis zu zwei GroBlenordnungen, sobald vier
der Laser etwas aus einer perfekten Uberlagerung dejustiert wurden. Die Funktion
der optischen Molasse war nahezu unabhéngig von der Polarisation der vier dejus-
tierten Laserstrahlen, eine identische Polarisation in den beiden noch tiberlagerten
Strahlen fiihrte allerdings zu einer Zerstorung der Molasse.

1994 schlugen Bagnato et al. ein Modell zur Beschreibung der Bewegung eines
Zwei-Level-Atoms in einer optischen Molasse vor, wobei der Strahlengang in der x-
y-Ebene in einer Art Rechteck dejustiert wurde [149]. Aufgrund dieser Symmetrieb-
rechung finden Bagnato et al. Kréifte, die ein geschwindigkeitsabhéngiges effektives
Potential in der x-y-Ebene bilden. Dieses Potential unterdriickt die diffuse Bewe-
gung der Atome aus der Molasse hinaus und verlangert somit deren Lebensdauer.
Dabei ist die rdumliche Verteilung der Atome nicht mehr gauférmig, sondern folgt
einer Art Ringstruktur um das Fallenzentrum herum.

In dem Fall einer magneto-optischen Falle, insbesondere in Kombination mit ei-
nem homogenen Helmholtzfeld, ist die Situation deutlich komplizierter, und das
Modell nicht ohne Weiteres tibertragbar. Die im Zuge dieser Arbeit durchgefiithrten
Experimente lassen vermuten, dass das Zusammenspiel der raumlich variierenden
Polarisation zusammen mit den zeit- und ortsabhéngigen Magnetfeldern eine Art
Vortexkraft erzeugen, die im Falle der vorgestellten Konfiguration ein Maximum
an Effizienz darstellen. Ein theoretisches Modell hierfiir ist bislang nicht entwickelt
worden und iibersteigt den Rahmen dieser Arbeit.

4.6. Charakterisierung des MOT-Targets

Parameter der MOT

Gegentiber Gasjet-Targets bieten MOTs den Vorteil, dass viele Charakteristika di-
rekt und in-situ aufgrund der emittierten Fluoreszenzstrahlung gemessen werden
konnen. Dazu gehoren beispielsweise die Targettemperatur, -ausdehung und -dichte,
die fiir Gasjets in aller Regel nur unter der Annahme der verwendeten geometrischen
und thermodynamischen Parameter abgeschétzt werden.

Im Folgenden wird ein Uberblick iiber einige spezifische Eigenschaften der hier
verwendeten Atomfalle vorgestellt. In der Regel wurden diese Messungen mit den in
Tabelle 4.3 zusammengefassten Parametern durchgefiihrt, die auch wéahrend der in
Teil V vorgestellten Experimente anlagen.
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| Parameter | 3D MOT | 2D MOT | pushstrahl |
Verstimmung Kiihlstrahl 19 MHz 19 MHz 19 MHz
Verstimmung Pumpstrahl | 18 MHz 18 MHz -
Gesamtintensitét 20 mW 46 mW 1.5 mW
Strahldurchmesser 20 mm 12mm 3 mm
Magnetfeldgradient 30Gem™! | 60Gem! -
Helmholtzfeld 777G 7.7G 777G

Tabelle 4.3.: Parameter, bei der die Atomfallen wahrend der in diesem Kapitel und
in den in Teil V vorgestellten Messungen betrieben wurden.

Fluoreszenz-Spektroskopie

Aufgrund des meist kleinen Wirkungsquerschnittes vieler Ionenstof3-Experimente
ist man auf eine ausreichend hohe Datenrate angewiesen, um ausreichende Statis-
tik tiber ein Ereignis zu sammeln. Erhoht man hierzu die Intensitat des Projektil-
Strahles, fithrt dies auch zu einer Erhéhung des Daten-Untergrundes und ist damit
nur bedingt sinnvoll. Deshalb ist es unerlasslich, das Target auf eine moglichst hohe
Dichte zu optimieren, um Experimente mit geringen Wirkungsquerschnitten durch-
zufithren.

Eine einfache Moglichkeit, Information tiber die Atomwolke abzufragen, ist die
Fluoreszenz-Spektroskopie. Aus der Intensitat des von den angeregten Atomen aus-
gesandten Lichtes ldsst sich zum Beispiel auf die Anzahl der gefangenen Atome
schliefen. Diese Methode beeinflusst die Funktionalitit der MOT in keiner Weise
und wurde somit auch wiahrend der Experimente zur Kontrolle der Atomfalle einge-
setzt.

Hierbei kam ein CCD (aus dem Englischen, charge-coupled device)-Sensor zum
Einsatz. Dies ist ein elektronisches Bauteil, das aus vielen lichtempfindlichen Photo-
dioden oder Pixeln besteht, die je nach Intensitat und Expositionsdauer des Licht-
einfalls unterschiedlich viele freie Elektronen erzeugen. Dabei lassen sich viele Pixel
in einem Sensor zusammenfassen, die dann ein zweidimensionales Bild einer Licht-
quelle darstellen kénnen. Die hier verwendete Kamera ist eine Guppy-038 NIR B/C
der Firma Allied Vision Tech, die einen Chip der Grofie 6.4 x 4.8 cm verwendet. Um
den Einfluss statistischer Messschwankungen zu minimieren, wurde die Kamera im
gebinnten Zustand verwendet und verfiigt so iiber eine effektive Grofle von 384 x 246
pxl mit einzelnen Pixelgrofien von 16.8 x 19.6 nm. Die minimale Belichtungszeit be-
tragt 62 ns. Es wurde ein Zoom-Objektiv mit einer Brennweite von f = 50 mm und
einem maximalen Blendendurchmesser von d = 25 mm vor der Kamera montiert.

Fiir eine verléssliche Bestimmung der MOT-Parameter muss die Kamera fiir den
vorgesehenen Einsatz kalibriert werden. Zur Auswertung dient hierfiir ein LabView
Programm, welches das aufgenommene Bild sowie ausgewéhlte Parameter wie etwa
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Abbildung 4.32.: Bild der Kalibrierung der CCD Kamera.

Gesamt- und Maximalintensitét des Lichteinfalls darstellt.

Am Experiment betragt der Abstand der Kamera zur Atomwolke 425 + 3 mm,
zur Eichung wurde der CCD-Sensor deshalb in diesem Abstand vor einem Lineal
aufgebaut und das Objektiv auf maximale Schirfe und gréftmoglichen Zoom bei
offener Blende gestellt. Diese Einstellungen wurden anschlieend fixiert, um die Ka-
librierung beizubehalten.

Aus dem Bild der Kalibrierung (siehe Abbildung 4.32) kann eine Umrechnung
von pxl im mm vorgenommen werden. Bei dem gewéhlten Abstand entspricht sie in
waagerechter Richtung 5.2 pxl/mm, in senkrechter Richtung 4.4 pxl/mm.

Zur Kalibrierung der iibertragenen Energie wurde ein Laserstrahl mit bekannter
Intensitit verwendet. Dieser wurde auf die Kamera gerichtet und die gemessenen
Ereignisse Nioun: pro Zeiteinheit notiert und untergrundbereinigt. Es muss dabei
darauf geachtet werden, dass die einzelnen Pixel nicht iiberséttigt sind, um einen
lineare Antwort der Kamera zu gewéhrleisten. Die Anzahl der ausgesandten Pho-
tonen N, berechnet sich nun aus dem Quotienten der auftreffenden Energie des
Lasers pro Belichtungszeit t.,, durch die Energie eines einzelnen Photons hv, womit
sich der Kalibrierungsfaktor zu

1 Prasertesp _ o1 4+ 6Phot0nen

Xeal = N;h/Ncounts = (425)

Neount hv counts

berechnet. Die hohe Unsicherheit der Messung ist durch die extrem geringe Laser-
leistung der Kalibrierung von 50415 pW bedingt, die dadurch nicht direkt gemessen
werden konnte und aus einer Abschiatzung der verwendeten optische Filter bestimmt
worden ist.

Zur Charakterisierung der MOT muss nun der Raumwinkel berticksichtigt werden,
unter dem Photonen auf die Kamera auftreffen konnen. Dieser berechnet sich als
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A mr? 4
Q= "R (2.15+£0.5) - 1077, (4.26)
wobei r den Radius der Blende des Objektives und d den Abstand desselben von
der Atomwolke angibt.

Die Anzahl der ausgesandten Photonen berechnet sich nun tber

1
Nph = Ncounts * Xeal * ﬁ . (427)

Atomzahl, GroBe und Dichte der MOT

Ein Riickschluss aus der Zahl der ausgesandten Photonen auf die Anzahl der ge-
speicherten Atome ist nicht trivial. Mit zunehmender Dichte der Atomwolke nimmt
deren Transparenz ab und eine Berechnung der Atomzahl wird ungenau. Wie im Fol-
genden erklért, scheint dies in der hier benutzen Atomfalle jedoch kein limitierender
Faktor zu sein.

Die Berechnung der Atomzahl unterliegt jedoch der Annahme, dass die Streurate
der Atome bekannt ist. Diese hidngt jedoch von Verstimmung und Intensitit des
Laserlichts ab (siehe Kapitel 4.1).

Will man allein durch eine Fluoreszenz-Messung zuverlédssige Aussagen tiber die
Atomzahl machen, ist es notwendig, die Verstimmung nicht zu variieren. Dartiber
hinaus fiihrt eine Anderung der Verstimmung der Laserfrequenzen im Allgemeinen
auch zu einer Anderung der Laserintensititen, da die Frequenzverschiebung mit
AOMs erreicht wurde. Dies wirkt sich somit auch direkt auf die Fluoreszenzrate
aus. Sofern im Folgenden verschiedene Messungen dargestellt werden, ist ein direk-
ter Vergleich nur moglich, falls die Verstimmungen der Messungen auf demselben
Wert gehalten wurden. Dies ist nicht zwangslaufig der Fall, wenn Messungen mit
oder ohne Helmholtzfeld durchgefiihrt werden, da die Verstimmung der Laserstrah-
len hier jedes Mal optimiert wurde. Die folgenden Angaben zur Atomanzahl sind
daher nur als Abschétzung zu betrachten.

Die Besetzung des angeregten Zustandes kann beispielsweise durch die Ionisati-
onsquerschnitte im Ionensto3 durch den Vergleich mit theoretischen Vorhersagen
bestimmt werden (siehe hierzu Kapitel 9). Die Besetzungswahrscheinlichkeit des an-
geregten Zustandes wurde hier zu etwa 20% ermittelt. Auch ist eine theoretische
Abschétzung der Besetzungswahrscheinlichkeit iiber Formel 4.5 méglich. Mit For-
mel 4.4 ergibt sich eine Streurate von I'sg = 0.27. Die Atomzahl ldsst sich nun
iiber

Npn
Notom = ———— 4.28
' I_‘SR : texp ( )

abschitzen und betrigt in unserem Aufbau etwa 3 x 105 Atome.
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Abbildung 4.33.: Messung und Fit der Laderate der Atomfalle.

Der Durchmesser der Atomwolke betragt typischerweise dyjor = 2 bis 3mm. Es
ist jedoch zu beachten, dass aufgrund des asymmetrischen Betriebs der MOT auch
die Targetwolke nicht spharisch symmetrisch ist.

Unter der Annahme, dass die Verteilung der Atome in der Falle ndherungsweise
gauliformig ist, lasst sich die mittlere Dichte in der Mitte der Verteilung tiber

Natom
p=

— 4.29
Vivor (4.29)

mit dem Volumen Vy;or = %WT‘Z’JOT berechnen. Sie betréigt bei einer den oben ge-
nannten Parametern entsprechenden MOT etwa 108 Atome cm™3.

Laderate

Die Anzahl der Atome in einer magneto-optischen Falle ist bedingt durch ein Gleich-
gewicht der Lade- und Verlustraten und kann tiber

‘gj =L—RN -8 /n(r)ngr (4.30)

beschrieben werden. Dabei stellt L die Laderate, R die Verlustrate aufgrund von Ein-
Teilchen-Kollisionen, bedingt durch Restgasatome, und 3- [ n(r)2d®r die Verlustrate
durch inelastische Sté8e der Lithium-Atome untereinander dar (Zwei-Korper-Stofie).
Diese Zwei-Korper-Kollisionen sind vor allem in dichten Atomfallen der Hauptfaktor
der Verlustraten.

83



4. Préaparation eines Targets

Bei Zwei-Korper-Stolen konnen prinzipiell zwei Mechanismen unterschieden wer-
den: Die zustands-verandernden Kollisionen und die radiative Verlustrate (siche
[92]). Bei Ersterem geht ein Stofl zwischen zwei Reaktionspartnern mit einer An-
derung des elektronischen Zustandes eines oder beider Atome einher, wobei die
freiwerdende Bindungsenergie in kinetische Energie umgewandelt wird, die, sofern
sie das Fallenpotential iibersteigt, zu Verlusten fithrt. Wahrend der Energietransfer
bei StoBen zwischen Atomen im Grundzustand maximal der doppelten Hyperfein-
strukturaufspaltung 2A Fy rg entsprechen kann, konnen Stofle zwischen einem oder
mehreren Atomen im angeregten Zustand zu Anderungen des Feinstrukturzustandes
(22P5)2) zu (22 Py j2) fithren. Die Feinstrukturaufspaltung ist mit AErg/h = 10 GHz
deutlich grofler als AFEypg und triagt damit deutlich intensiver zu der Zwei-Korper-
Verlustrate bei.

Radiative Verluste treten auf, wenn ein Atom im Grundzustand ein Photon ab-
sorbiert und es mit einem nahe benachbartem Atom einen Quasi-Molekiilzustand
bildet. Das (S5/2 + P3/2) -Molekiilpotential hat eine attraktive Komponente, die
mit R~ abfillt. Auf kurze Distanzen wirkt dieses Potential anziehend und fiihrt
zu einer beschleunigten Bewegung der Atome aufeinander zu. Die Emission eines
rotverschobenen Photons fiithrt zu einem molekularen Endzustand mit beiden Ato-
men im Grundzustand und der zuséatzlichen kinetischen Energie bedingt durch die
beschleunigten Bewegung. Die so dem Lichtfeld entzogenen Energie fithrt nun zu
Verlusten der Atome aus der Fallenregion.

In einer MOT die eine vergleichsweise geringe Dichte aufweist, konnen Zwei-
Korper-Stofle vernachlassigt werden und Gleichung 4.30 lasst sich zu

L
N(t) = E(l — e (4.31)
vereinfachen. Die maximale Atomzahl ist hierbei durch
L
NAtom,maz = E (432)

gegeben.

Eine typische Laderate, die der Konfiguration der Atomfalle wihrend der Strahl-
zeit nahekommt, wurde mit Hilfe der CCD-Kamera aufgenommen und ist in Abbil-
dung 4.33 dargestellt. Die hierbei verwendeten Parameter der Laser sind in Tabelle
4.3 aufgelistet. Dazu wurde die Falle durch das Abschalten eines Laserstrahles voll-
standig geleert und die Messung gestartet. Die Fluoreszenz der gespeicherten Atome
wird in festen Zeitintervallen dokumentiert, bis sie einen konstanten Wert erreicht,
welcher der maximalen Atomzahl entspricht. Die Daten wurden gefittet, wobei Ver-
luste aufgrund von Zwei-Korper-StoBen vernachlissigt wurden. Die Ubereinstim-
mung zwischen dem Fit und den Daten ist ein Hinweis darauf, dass die Dichte der
Atomwolke gering genug ist, so dass Stoe der Atome untereinander vernachléssigt
werden konnen. Die maximale Atomzahl wird damit hauptsachlich durch Verluste

84



4.6. Charakterisierung des MOT-Targets
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Abbildung 4.34.: Lebensdauermessung in (a) linearer und (b) logarithmischer Skala
der Atomfalle unter den in Tabelle 4.3 angegebenen Parameter.

der Atome mit freien Atomen begrenzt und hingt vom Druck in der Vakuumkammer
ab.

In Abbildung 4.33 betrigt die maximal erreichbare Atomzahl etwa 3 x 10° Atome,
die Laderate betragt etwa 3.6 x 10* Atome s~!. Dieser Wert liegt weit unterhalb der
Raten, die in anderen Lithium-MOT Experimenten sowohl mit Zeeman-Slowern als
auch mit 2D MOTs gemessen wurden (siehe [92,144,150]). Diese relativ niedrigen
Werte lassen sich durch die Tatsache erkldren, dass der Aufbau durch das zuséatzli-
che Helmholtzfeld iiberlagert wird und die Funktion der MOT, wie in Kapitel 4.5
beschrieben, beeinflusst. In den in der Literatur beschriebenen Experimenten war
zudem die Laserintensitat zumeist deutlich hoher und bewirkte ein effektiveres Fan-
gen der Atome.

Eine deutliche Verbesserung der Laderaten lief§ sich durch die Erhohung der Ofen-
temperatur des Lithiumreservoirs erreichen, da dadurch der Dampfdruck und damit
die Anzahl der verfiigharen Atome deutlich ansteigt. Aufgrund von technischen Ge-
gebenheiten wurde wéihrend der in dieser Arbeit vorgestellten Messungen auf eine
solche Optimierung verzichtet.

Lebensdauer

Die Lebensdauer der Atome in der Falle ist nicht unendlich lang, da Stéfe der Ato-
me untereinander sowie mit Restgasatomen zu einem kinetischen Energieiibertrag
fithren konnen, der das Fallenpotential tibersteigt. Wahrend die Ein-Korper-Stofie
mit den Restgasatomen zu einem exponentiellen Abfall der Atomanzahl nach

N(t) = Navommaz - € (4.33)
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Abbildung 4.35.: Temperaturbestimmung aus der Steigung der Funktion o2 iiber ¢2.

fithren, bringen Zwei-Korper-Stofle einen dichteabhéngigen Term ein, der zu einem
superexponentiellen Abfall am Anfang der Kurve fiihrt.

Die Lebensdauer einer magneto-optischen Falle berechnet sich aus Gleichung 4.30
mit der Laderate L = 0 zu

Re—Rt
R + NAtom,maxﬁ/(l - eiRt) ’

und geht im Fall geringer Dichten in Gleichung 4.33 iiber.

Die Lebensdauer der Atomfalle ist in Abbildung 4.34 dargestellt. Es lasst sich
leicht erkennen, dass der Abfall anfangs logarithmisch verlauft. Die Lebensdauer
wurde daher nach Gleichung 4.33 gefittet und ist in Abbildung 4.34 durch eine
magentafarbene Linie dargestellt.

Die Lebensdauer der Atomwolke wurde gemessen, indem nach vollstdndigem La-
den der MOT der push-Strahl blockiert wurde, die Laserstrahlen und das Ma-
gnetfeld aber angeschaltet blieben. Ein Fit der exponentiellen Abnahme durch die
gemessenen Daten ergibt eine 1/e*- Lebensdauer von 57s bei einem Druck von
2 x 107 mbar. Diese Lebensdauer ist verglichen mit anderen Lithium-MOTs lang
[92, 150], dies ist wohl dem verhéltnisméBig guten Druck in der Vakuumkammer
sowie der geringen Dichte des Targets zu verdanken.

N<t> = NAtom,max (434)

Temperatur

Die Temperatur der Atome hingt im Wesentlichen von zwei Faktoren ab, der Ver-
stimmung sowie der Intensitit der Laserstrahlen. Die Berechnung der Temperatur
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setzt ein Gleichgewicht der Kiihl- und Heizraten in der optischen Molasse voraus
und berechnet sich iiber (siche Gleichung 4.16 sowie [129])

_ hy (2]¢] g
= (29) 4 (2. 45

Die minimal erreichbare Temperatur in einer optischen Molasse ist somit bei ei-
ner Verstimmung von § = —v/2 gegeben und entspricht dem Doppler-Limit T =
hry/2kp, bei Lithium betrdgt dieser Wert etwa 140 pK.

Die Heizrate der Atome wird durch die Laserintensitéit beeinflusst, eine Verringe-
rung der Intensitédt fithrt daher zu einer kleineren Endtemperatur der Atomwolke.

Eine Anderung dieser Parameter wird in BEC-Experimenten durchgefiihrt, um
eine moglichst geringe Endtemperatur der Atomwolke zu erreichen, da diese an-
schlieffend in eine relativ flache optische Falle iibertragen wird. In dem dieser Arbeit
zugrundeliegenden Experiment ware eine so geringe Temperatur nur von Vorteil um
die Effizienz des Wiedereinfangs zu erhohen. Aufgrund des optischen Aufbaus wére
dies allerdings nur sehr aufwendig durchfiihrbar, da sich Intensitdt und Verstim-
mungen der beiden Kiihlfrequenzen nicht unabhéngig voneinander verstellen lassen.
Die MOT wurde daher im Rahmen der vorhandenen Freiheitsgrade auf eine mog-
lichst gute Funktion wéahrend der Ionisationsexperimente und nicht allein auf eine
minimale Temperatur optimiert.

Die Bestimmung der Temperatur erfolgt durch eine Flugzeitmessung, bei der die
freie Expansion der Atomwolke in Abhéangigkeit von der Flugzeit ermittelt wird.
Werden die kiihlenden Laserstrahlen sowie das Magnetfeld am Zeitpunkt ¢ = 0 aus-
geschaltet, sind die Atome nicht mehr gefangen und breiten sich mit ihrer momen-
tanen Geschwindigkeit aus. Aus der Verbreiterung der atomaren Dichteverteilung
lasst sich die Temperatur abschétzen.

Die hier beschriebene Messung der Temperatur fand unter den in Tabelle 4.3 aufge-
fithrten Bedingungen statt, wobei das Helmholtzfeld ausgeschaltet wurde, um eine
unbeeinflusste Messung der atomaren Grofle zu erhalten.

Zur Ermittlung der Temperatur wird die MOT vollsténdig geladen, bevor Ma-
gnetfeld und Laser ausgeschaltet werden und die Expansion der Wolke startet. Nach
einer gewissen Flugzeit werden die Laserstrahlen wieder angeschaltet und ein zwei-
dimensionales Bild der Wolke mit der CCD Kamera aufgenommen. Die Zeitspanne
der Belichtung durch die Laserstrahlen sollte dabei moglichst gering gehalten wer-
den, da die so erzeugte optische Molasse einen starken Kiihleffekt auf die Atome
austiibt und die Messung verfilscht. Aufgrund der minimalen Belichtungszeit der
Kamera wurde diese auf 122 ps eingestellt und gleichzeitig mit dem Anstellen der
Laserstrahlen gestartet.

Diese Messung wird fiir unterschiedliche Flugzeiten zwischen 100 ps und 1000 ps
wiederholt, wobei immer iiber jeweils 10 Messungen gemittelt wurde, um statistische
Schwankungen auszugleichen.
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4. Préaparation eines Targets

Um das Signal-zu-Rausch-Verhaltnis zu verbessern, wurden die Pixel in einer Di-
mension anschliefend aufsummiert, was bei einer angenommenen gauf$formigen Ver-
teilung die ermittelte Breite nicht verdndert. Die Verbreiterung der Atomwolke kann
durch eine Faltung der urspriinglichen Dichteverteilung

2
n(z,t =0)=ng-e — |, 4.36
=) (430

sowie der zeitabhéngigen Dichteverteilung einer punktformigen Quelle

n =Ny, , - eXp <—U’> : (4.37)

mit o,, = %k;BT beschrieben werden. Das Ergebnis der Faltung ist wiederum eine

kT
GauBverteilung mit der Breite o; = \/ oi(t = 0) + 22,
m

Trigt man nun das Quadrat der Standardabweichung iiber dem Quadrat der Flug-
zeit auf, wie in Abbildung 4.35 dargestellt, ergibt sich aus der Steigung s der Geraden
iiber

s-m

kg
die Temperatur der Atome. Diese wurde in diesem Experiment mit 7, = 2.6 mK
in x-Richtung ermittelt, wobei nur Werte mit Flugzeiten zwischen 0 und 900 s
beriicksichtigt wurden, da groflere Flugzeiten aufgrund des schlechten Signal-zu-
Rausch-Verhéltnisses zu grofie Abweichungen ergaben.

Die Abweichung dieser Werte von dem minimal erreichbaren Limit liegt wohl
hauptsachlich an der Verstimmung der Laserstrahlen, die mit etwa 18 MHz oder
drei Linienbreiten deutlich iiber dem Idealwert von einer halben natiirlichen Lini-
enbreite liegen. Schilnemann et al. geben in [151] Vergleichswerte von etwa 1mK
fiir Verstimmungen von 4-5 Linienbreiten, wiahrend Steinmann eine Temperatur von
2mK bei einer Verstimmung von 4 Linienbreiten ermittelt. Die erreichbare Tem-
peratur der Targetatome in einem Gasjet liegt zudem etwa drei Groflenordnungen
iiber den hier erzielten Werten.

Die ermittelte Temperatur von 2.6 mK entspricht in etwa einer Impulsverbreite-
rung von 0.009 a.u. und ist damit nicht in derselben Gréflenordnung wie die erreich-
bare longitudinale Auflésung.

T = (4.38)

Bestimmung der Target-Polarisation

Der durch die MOT-Laserstrahlen induzierte Ubergang der Atome zwischen dem
(2251/2) - und dem (2?Ps5) -Zustand ermdglicht eine Polarisation des Targets. Ato-
me im feldfreien Raum erfahren keine energetische Aufspaltung ihrer magnetischen
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o (Am, = —-1) m(Amy = 0) ot(Amy = +1)

Abbildung 4.36.: Projektion der Polarisation des ausgesandten Lichtes bei Ubergéin-
gen aus den verschiedenen Zeemankomponenten Amy = 0, 1.

Unterzustédnde und bevolkern diese daher gleichméfig. Die Atomwolke ist daher
unpolarisiert, das durch spontane Emission ausgesandte Licht ebenfalls.

Wird nun das Helmholtzfeld des Reaktionsmikroskops iiberlagert, fiihrt dies zu fol-
gendem Effekt: Das magnetische Moment des Atoms wechselwirkt mit dem externen
Feld und fiihrt zu einer energetischen Aufspaltung der magnetischen Unterzusténde.
Aufgrund der Rotverschiebung der MOT-Laser wird vorzugsweise der Ubergang in
die energetisch tiefsten Niveaus des angeregten Zustandes induziert. Dies fithrt zu
einer Asymmetrie der Besetzung der magnetischen Unterzustidnde und man bezeich-
net die Atome als polarisiert. Der Grad der Polarisation hangt von der Verteilung
der Aufenthaltswahrscheinlichkeiten der Zeemankomponenten ab.

Fallen die Elektronen aus dem angeregten Zustand zuriick in den Grundzustand,
wird Licht ausgesandt, dessen Polarisation von der Anderung der Magnetquan-
tenzahl Amj abhéngt. Es sei angemerkt, dass my im Lithium-System keine gute
Quantenzahl ist (das heifit nicht zur Beschreibung der Zustédnde verwendet wer-
den kann), dass aber die beiden beteiligten Eigenzustande, zwischen denen der
Ubergang stattfindet, als Uberlagerung verschiedener mj, -Zustinde in der Basis
|L,mp, S, mg, I, mr) geschrieben werden kénnen. Da das Dipolmoment fiir Ubergéin-
ge mit Amg # 0 oder Am; # 0 verschwindet, entscheidet also nur Amy iiber die Art
der Polarisation. Fiir einen Ubergang aus dem (m; = 0) -Unterzustand des ange-
regten Niveaus wird Licht mit linearer Polarisation ausgesandt (7 -Polarisation), fiir
Uberginge aus den (my, = 41) -Unterniveaus Licht mit einer zirkularen Polarisation
(o%).

Die Emission der drei Komponenten in die Raumrichtungen ist allerdings nicht
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Abbildung 4.37.: Schematischer Aufbau der Polarisationsmessungen.

isotrop. In Abbildung 4.36 sind die Oszillationen des Elektron bei den drei méglichen
Ubergéngen veranschaulicht. Betrachtet man die Emission von o~ -Licht in Richtung
der Quantisierungsachse, sieht man positiv zirkular polarisiertes Licht. Bei einer
Betrachtung transversal zu dieser Richtung erscheint die Oszillation des Elektrons
und damit die Polarisation des Lichts allerdings linear in einer Achse transversal
zur Magnetfeldrichtung. Im Falle eines o*-Uberganges ist die Polarisationsrichtung
des zirkular polarisierten Lichtes in die positive Magnetfeldrichtung gerade anders-
herum, in die transversale Richtung ist allerdings keine Unterscheidung der beiden
Zirkular-Komponenten méglich. Ein Ubergang zwischen den beiden (mj = 0) -
Niveaus entspricht einem schwingenden Dipol entlang der Magnetfeldachse, daher
ist keine Lichtemission entlang diese Achse moglich.

Betrachtet man das System aus transversaler Richtung, tragen Photonen aus al-
len drei Ubergingen bei und es lidsst sich ausschlieBlich linear polarisiertes Licht
beobachten. Dabei ist die Polarisationsachse parallel zur Magnetfeldrichtung fiir
Ubergéinge aus dem (my, = 0) -Niveau, fiir Ubergiinge aus den (mj, = +1) -Niveaus
ist das Licht transversal zur Magnetfeldachse polarisiert. Aus dem Verhéltnis der
beiden Polarisationsrichtungen lésst sich daher die relative Besetzungswahrschein-
lichkeit des (my, = 0) -Niveaus im Vergleich zu den (m; = £1) -Niveaus bestimmen
(zur Erlduterung siehe auch Abbildung 4.36). Eine Aussage tiber die Unterschiede
in den Besetzungen der Niveaus mit (m; = £1) ist allerdings durch diese Messung
nicht moglich.

Ein schematischer Aufbau der Messungen ist in Abbildung 4.37 dargestellt. Das
aus der Atomwolke abgestrahlte Fluoreszenzlicht wird von einer CCD-Kamera auf-
genommen, die in diesem Fall zur Messung der relativen Intensitdten verwendet
wird. Vor der Kamera ist ein Linear-Polarisator aufgebaut, dessen Durchlassrich-
tung vorher bestimmt wurde. Die von der Kamera aufgenommene Intensitit wurde
in Abhéngigkeit der Orientierung des Polarisationsfilters in Schritten von 10° ge-
messen und ist nach Untergrundbereinigung in Abbildung 4.38 abgebildet.

Die Messung wurde jeweils 400 ps nach dem Abschalten des MOT Magnetfeldes
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Abbildung 4.38.: Messung der Polarisation des Fluoreszenzlichtes in transversa-
ler Richtung. Die magentafarbene Linie ist dabei ein Fit einer
Sinusfunktion.

bei einer Helmholtzfeldstarke von 7.7 G durchgefiihrt. Aufgrund einer relativ starken
Schwankung der Dichte der Atomwolke innerhalb der Zeitskala der Datenaufnahme
sind diese Messungen mit einem relativ grolen Fehler von etwa 20 % behaftet, stellen
aber nichts desto Trotz eine gute Abschétzung der Polarisation des Targets dar.

Aus dem Verhaltnis der gemessenen und untergrundbereinigten Intensititen der
beiden orthogonalen Polarisationen kann das Verhéltnis der Ubergangswahrschein-
lichkeiten zueinander bestimmt werden und ergab in diesem Fall

plmy =0) _ m _ I(140°)
p(mL = :l:l) 2'71]_ 2[(500)

~0.13. (4.39)

Der Faktor 2 kommt dabei aus dem Verhéltnis der Abstrahlcharakteristik der
beiden Polarisationen zustande, die in Abbildung 4.39 dargestellt sind. Dabei gilt
fiir die Winkelverteilung 6 der Abstrahlung der Polarisationskomponenten:

oF 1 oc (14 cos?(0))

7+ oc sin?(6)

(4.40)

Die Volumina der beiden Winkelverteilungen berechnen sich zu
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Zirkular polarisiertes Licht Linear polarisiertes Licht

Abbildung 4.39.: Abstrahlcharakteristik von Licht der beiden unterschiedlichen Po-
larisationen im Magnetfeld.

Vor = Eﬂ'RS
J (4.41)
Vﬂ— = §7TR3,

womit sich die Anteile der Photonen unter einem Winkel von 90° (also in transver-
saler Richtung) zu

oF :oci-(l—l—cosQ(@)) oc3
V,+ 16
(4.42)
I . 9
T X — -sin”(0) o2

™

ergeben. Die gemessene Intensitét des zirkular polarisierten Lichtes muss also ver-
doppelt werden.

In longitudinaler Richtung wird ausschliellich zirkular polarisiertes Licht ausge-
sandt, dessen Drehrichtung vom Ausgangszustand des Uberganges abhingt. Eine
Messung des Verhéltnisses der beiden Polarisationen gibt daher Aufschluss iiber die
relativen Besetzungen der (my = £1) -Zustande. Zur Messung wurde ein Viertel-
Wellenpléttchen (A/4 in Abb. 4.37) vor den Polarisator eingebaut, der aus dem
zirkular polarisierten Licht wiederum linear polarisiertes erzeugt, dessen Achse von
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der urspriinglichen Polarisation abhangt. Anschliefend wurde eine Messkurve iiber
verschiedene Winkeleinstellungen des Linearpolarisators aufgenommen und so das
Verhéltnis der beiden Komponenten bestimmt.

Das Besetzungsverhaltnis der beiden Zeemankomponenten zueinander kann nun
iiber

pmy =+1)  m

plmy=-1)
bestimmt werden, wobei 7., das gemessene Licht mit linearer Polarisation in senk-
rechter Richtung darstellt, 4 Licht mit linearer Polarisation in waagerechter Rich-
tung. Aufgrund der instabilen experimentellen Gegebenheiten und der sehr grofien
Differenz der Besetzungswahrscheinlichkeit dieser Niveaus war es nicht moglich, eine
aussagekriftige Messung der longitudinalen Polarisationskomponenten zu erstellen.
Dariiber hinaus war aufgrund der Geometrie des Experimentes eine Beobachtung
direkt entlang der Magnetfeldachse nicht moglich.

Betrachtet man allerdings die Amj, -Beitrage der vier energetisch niedrigsten Hy-
perfeinzustiande bei einem gegebenen Magnetfeld von 7.7 G (die durch das rotver-
schobene Laserlicht mit der grofiten Wahrscheinlichkeit angeregt werden), ist das
Verhéltnis der (my = +1)/(my = —1) -Beitrage mit maximal 0.5 % verschwindend
gering (siehe auch Anhang A).

Damit ergibt sich eine Besetzung der drei Zeemankomponenten des angeregten
Li(2%Py5) -Zustandes zu

(4.43)

p(mp = +1) = 0%
p(mp =0) =13% (4.44)
p(mp =—-1)=87%.

Das Target weist damit einen Polarisationsgrad von fast 90 % auf.
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5. UV-Photoionisation von Lithium

Zur Charakterisierung des experimentellen Aufbaus wurde neben einer Untersu-
chung der in Kapitel 4.6 aufgefithrten Target-Eigenschaften eine Vermessung der
Abbildungseigenschaften des Spektrometers durchgefiihrt. Dies dient neben der Be-
stimmung der maximal erreichbaren Auflosung vor allem der Kalibrierung der Daten
der im Anschluss vorgestellten Messungen der Ion-Atom-Stoflsysteme. Dabei wird
der Umstand ausgenutzt, dass durch Photoionisation entstandene freie Elektronen
eine sehr geringe Energie- und Impulsbreite besitzen, die auf der Bandbreite des La-
sers beruhen. Diese betrigt bei handelsiiblichen Laser-Modellen etwa Av/v ~ 1078
und ist somit deutlich schérfer als die zu erwartende Energieauflosung im Reaktions-
mikroskop. Im Folgenden soll ein kurzer Uberblick iiber die untersuchte Reaktion
gegeben werden, bevor auf das charakteristische Emissionsspektrum eingegangen
wird. Im Anschluss wird die experimentelle Bestimmung der Auflésung anhand der
Photoionisationsmessung diskutiert.

Grundlagen der Reaktion

In der hier verwendeten magneto-optischen Falle befinden sich zu jedem Zeitpunkt
Lithium-Atome im (225 5) -Grundzustand sowie im angeregten (22P;5) -Zustand,
deren Verhéltnis beispielsweise experimentell bestimmt werden kann (wie in Kapitel
4.6 dargestellt). Das Ionisationspotential von Lithium im Grundzustand betrégt I, =
5.39eV, wahrend der angeregte (Ps/;) -Zustand eine Energiedifferenz von AFEy, 5, =
1.85€eV in Bezug auf den Grundzustand aufweist.

Fir die hier vorgestellten Photoionisationsexperimente wurden Photonen mit ei-
ner Wellenldnge von 266 nm und einer Energie von FE,;, = 4.66 ¢V verwendet. Daher
konnen Atome im Grundzustand durch die Absorption eines Photons nicht ionisiert
werden, wohingegen bei Atomen im angeregten (Ps/,) -Zustand eine Uberschussener-
gie von F, = B, — Ip = 1.12eV auf das ionisierte Elektron tibertragen wird. Zur
Veranschaulichung dieser Reaktion ist das Termschema in Abbildung 5.1 dargestellt.

Da der Energietransfer auf die ionisierten Elektronen festgelegt ist, lasst sich der
Impulsbetrag der erzeugten Fragmente berechnen. Aufgrund der Erhaltungssétze
muss der Impulsiibertrag auf die Riickstofiionen p, nahezu (abgesehen von dem sehr
kleinen Photonenimpuls) dem Elektronenimpuls p, entsprechen und ergibt sich tiber

Dy & pe = \/2m.E, = 0.287 a.u. (5.1)
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Abbildung 5.1.: Termschema der Photoionisation von Lithium mit Hilfe eines UV-
Lasers der Wellenlange 266 nm.

Die erlaubten Impulse liegen im Impulsraum also auf einer Kugelschale, deren Ra-
dius durch p, gegeben ist. In Abbildung 5.2 ist die Impulsverteilung in einer dreidi-
mensionalen Ansicht gezeigt, wobei die Grofle und Farbe der Kugeln die Anzahl der
Ereignisse widerspiegelt. Durch die Polarisation des Lasers wird eine Vorzugsrich-
tung in die Reaktion eingefiihrt, die ein fiir die Photoionisation charakteristisches
Emissionsspektrum zur Folge hat. Wahrend die Emission in Richtung der Polari-
sation maximal ist, befinden sich in der transversalen Richtung hierzu Minima der
Emission.

Der totale Wirkungsquerschnitt der Photoionisation von Li(2p) ist im Vergleich
zu lonisationsexperimenten durch Ionenstofl relativ hoch und wurde in [152] mit

o(Li(2p)) =84+ 1.5Mb (5.2)
angegeben.

Der zur lonisation verwendete Laser ist ein passiv giitegeschalteter (oder auch Q-
switched) Nd:YAG Festkorperlaser der Firma T'eemPhotonics, mit dem sich nach
einer Frequenzvervierfachung 400 ps-Pulse einer Wellenlénge von 266 nm mit einer
Spitzenleistung von 1.4 kW und einer Repetitionsrate von 7kHz erzeugen lassen. Ne-
ben der selektiven Ionisation des angeregten Zustandes von Lithium ergibt sich hier-
bei ein weiterer Vorteil, da die damit verbundene Photonenenergie nicht ausreicht,
um Restgasatome zu ionisieren und der Untergrund der Messung damit deutlich
reduziert wird.
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Abbildung 5.2.: Dreidimensionale Impulsverteilung der Riickstoflionen bei der Pho-
toionisation des Li(2p)-Zustandes mit linear polarisiertem Licht der
Wellenldange 266 nm.

Emissionscharakteristik der Photoionisation von
angeregtem Lithium

Im Gegensatz zu Messungen des totalen Wirkungsquerschnittes lassen sich aus diffe-
rentiellen Wirkungsquerschnitten Aussagen tiber die Amplitude und relativen Pha-
sen der einzelnen Matrixelemente extrahieren. Hierzu liefern Messungen der Winkel-
verteilung der ionisierten Elektronen detaillierte Informationen tiber die Ubergangs-
matrixelemente. Yang [153] konnte bereits 1948 zeigen, dass die Winkelkorrelation
zwischen einem linear polarisiertem Photon und einem beliebigen an der Reaktion
beteiligten, unpolarisierten Teilchen in der Dipolnédherung (die anwendbar ist, so-
fern die Wellenlange des Photons deutlich grofler als die atomaren Ausdehnungen
ist), immer der Form 1+ « cos? # entspricht, wobei # den Emissionswinkel des Elek-
trons im Bezug auf die Polarisation des einfallenden Photons bezeichnet und « eine
Konstante ist. Weitere Beitriage tragen aufgrund der Dipol-Auswahlregeln nicht zur
Verteilung bei.

Der differentielle Wirkungsquerschnitt der Photoionisation hangt damit nur noch
von zwei Parametern ab, dem totalen Wirkungsquerschnitt ¢ und dem sogenann-
ten Asymmetrie-Parameter 3, welcher die Winkelverteilung der Photoelektronen
beschreibt und nach [154] iiber

do o

0= 1 [1+4 5P;(cos®)] (5.3)
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Abbildung 5.3.: Experimentell ermittelte Winkelverteilung der Photoelektronen in
blau, sowie ein Fit der Daten, in magenta dargestellt.

in den Querschnitt eingeht. Dabei ist

Py(cos ) = ;(3 cos® 0 — 1) (5.4)

das Legendre-Polynom. Es ist zu beachten, dass # und o beide von der Energie des
einfallenden Photons abhédngen.

Wird ein Elektron aus dem Li(2? P /5) -Zustand durch ein Photon ionisiert, ergibt
sich der Endzustand des nunmehr freien Elektrons aufgrund der Auswahlregeln als
eine Kombination aus s- und d-Wellen.

In [155] geben Nahar und Manson einen Ausdruck fiir 8 fiir die Ionisation aus
einem p -Zustand,

R? — 2Rcosd
142R?2 7

an, wobei R dem Verhaltnis der p — d und p — s Ubergangswahrscheinlichkeiten
und 0 dem Phasendifferenz beider Matrixelemente entspricht.

B=2 (5.5)

Der Asymmetrieparameter 3 ldsst sich prinzipiell iiber Formel 5.5 berechnen, in
der hier vorgestellten Reaktion ist dies jedoch unter anderem aufgrund der Vielzahl
der moglichen Uberginge nicht trivial.

Experimentell ldsst sich der Asymmetrieparameter auch aus einem Fit der gemes-
senen Winkelverteilung ermitteln, wie in Abbildung 5.3 fiir die Streuebene darge-
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Abbildung 5.4.: (a) experimentell und (b) theoretisch ermittelte Winkelverteilung
der Photoelektronen bei Ionisation von Li(22P;)5).

stellt. Der Asymmetrieparameter ergibt sich hier zu

B=1.39+0.04. (5.6)

In Abbildung 5.4 (a) ist die experimentell ermittelte Winkelverteilung der Riick-
stofionen der Photoionisation in einem dreidimensionalen Polarplot dargestellt, die
aufgrund der Impulserhaltung der Verteilung der Photoelektronen entspricht. Ab-
bildung 5.4 (b) zeigt die mit Gleichung 5.3 gefittete Winkelverteilung.

Die hier aufgefithrte Betrachtung der differentiellen Wirkungsquerschnitte gilt
nur fiir unpolarisierte Targets. Wie in Kapitel 4.6 erlautert, ist das Target in die-
sem Experiment aber insbesondere bei der Anwesenheit des Reaktionsmikroskop-
Magnetfeldes polarisiert. Dies fithrt zu beobachtbaren Abweichungen der experi-
mentell ermittelten Daten von der theoretisch erwarteten Verteilung.

Kalibrierung der Impulse und Bestimmung der
experimentellen Auflosung

Photoionisationsmessungen bieten eine gute Moglichkeit, die Funktion des MOTRe-
Mis unabhéngig von den Parametern des lonenspeicherringes zu testen. Einerseits
ist es aufgrund der relativ einfachen Durchfithrung dieser Experimente moglich, eine
Optimierung des Systems sowie eine Kalibrierung der verwendeten Spektrometer-
Einstellungen vorzunehmen. Zum Anderen ldsst sich die experimentelle Auflosung
des Spektrometers durch eine Photoionisationsmessung gut ermitteln.

Das elektrische Feld des Spektrometers wird hinsichtlich einer maximal erreich-
baren Flugzeitauflosung optimiert (siehe auch Kapitel 3.2). Zur Verbesserung der
Extraktion der Elektronen sind auch Neigung und Position der beiden Helmholtz-
spulen beziiglich der Spektrometerachse verstellbar. Hierbei ist das Ziel eine mog-
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Abbildung 5.5.: Elektronen-Ortsspektrum. In der Mitte sind reale Events der Pho-
toionisation zu sehen, wahrend am Rand Ereignisse aus Untergrun-
dionisationen abgebildet werden.
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Abbildung 5.6.: Schnitt durch den dreidimensionalen Impulsraum fiir (a) Riicksto-
Bionen und (b) Elektronen der Photoionisation. Die Polarisation des
UV-Lasers ist in x-Richtung orientiert.

lichst gute Trennung zwischen Signal und Untergrund zu erreichen. In Abbildung
5.5 ist ein typisches Ortsspektrum des Elektronendetektors bei einer UV-Ionisation
dargestellt. Wahrend die Elektronen aus der Photoionisation des Targets aufgrund
der geringen transversalen Energie in der Mitte des Detektors abgebildet werden, be-
finden sich die Untergrundelektronen, die beispielsweise durch Photoionisation aus
den Spektrometerringen herausgelost werden, am Rand des Detektors.

Zur korrekten Rekonstruktion der Impulsiibertrage einer Reaktion ist im Prinzip
eine genaue Kenntnis der Feldverldufe notwendig. In der Praxis ist es aber nicht
moglich, die tatsichlich anliegenden Spannungen anzugeben. Da der Betrag des En-
dimpulses der Elektronen bei einer Photoionisation aber klar definiert ist, kann mit
dieser Messung eine Kalibrierung der Daten durchgefiihrt werden.

Ein weiterer Vorteil der Impulsschérfe der Photoionisation ist die Moglichkeit eines
Tests der experimentellen Auflésung, die sich hieraus ergibt. Wie schon aus Abbil-
dung 5.2 ersichtlich, liegen die erlaubten Impulskomponenten auf einer Kugelschale,
deren Dicke allein durch die experimentelle Auflésung gegeben ist.

In Abbildung 5.6 sind die gemessenen Flugzeiten und Auftrefforte der Riickstofio-
nen einer Photoionisationsmessung bereits in die Impulskomponenten umgerechnet
und gegeneinander aufgetragen. Die Darstellung in der Abbildung entspricht einem
Schnitt durch den dreidimensionalen Impulsraum bei p, , = 0. Die Polarisation des
Lasers ist hier in Richtung der x-Achse und damit transversal zur Extraktionsrich-
tung (z-Richtung) orientiert. Die Impulsauflosung der Ionen ergibt sich prinzipiell
aus der Breite des Ringes im Impulsraum. Hier wurde die Auflosung direkt extra-
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Abbildung 5.7.: Projektion des (a) Ionen-Transversalimpulses und (b) Ionen-
Longitudinalimpulses aus 5.6 (a) bei pj, = 0 bzw. p, , = 0, sowie
Fit einer Gaufiverteilung zur Ermittlung der Auflésung. Die Polari-
sation des UV-Lasers ist in x-Richtung orientiert.

hiert, indem ein Schnitt durch die Achse pj, = 0 gelegt wurde (siehe Abbildung 5.7
(a)). Es ergibt sich eine Breite von Ap, .(FWHM) = 0.08 a.u..

Die Ermittlung der longitudinalen Impulsauflésung ist auf dieselbe Weise mog-
lich, indem ein Schnitt durch Abbildung 5.6 entlang der p, , = 0 -Achse analysiert
wird. Dies ist in Abbildung 5.7 (b) dargestellt. Da die Messung der hier gezeigten
Daten auf eine moglichst gute Transversalauflosung optimiert wurde, ist in diesem
Fall die longitudinale Auflosung etwas schlechter als prinzipiell moglich und betragt
in dem Fit von 5.7 (b) ebenfalls pj,.(FWHM) = 0.08a.u.. Im besten Fall konnten
hier Impulsauflésungen von p . (FWHM) = 0.04 a.u. erreicht werden.

Zur Bestimmung der transversalen und longitudinalen Impulsauflésung der Elek-
tronen kann im Prinzip dasselbe Spektrum der beiden Impulskomponenten verwen-
det werden. Das entsprechende Impulsspektrum (aus einer anderen Messreihe als
Abb. 5.6 (a)) ist in Abbildung 5.6 (b) zu sehen. Die Unterbrechung des Transver-
salimpulses kommt hierbei aufgrund der Wiggle-Struktur des Elektronenspektrums
zustande (siehe Kapitel 3.4). Bei bestimmten Flugzeiten ist die transversale Impuls-
Auflésung schlecht und wurde aus den Daten zur Erzeugung der Graphik bereits
ausgeschnitten. Eine Projektion der beiden Impulskomponenten ergibt eine trans-
versale Auflosung der Elektronen von etwa p).(FWHM) = 0.1a.u., sowie eine
extrem kleine Longitudinal-Auflosung von pj .(FWHM) = 0.01 a.u..
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Abbildung 5.8.: (a) Longitudinaler Elektronenimpuls, aufgetragen tiber dem Lon-
gitudinalimpuls der Ionen zur Verdeutlichung der experimentellen
Auflésung. Die Polarisation des UV-Lasers ist hierbei in Flugzeit-
Richtung orientiert. (b) Projektion der links gezeigten Geraden,
iiber die ein Fit zur Bestimmung der Auflosung gelegt wurde.

Die Impulsauflésung lasst sich auch durch die Korrelation zwischen Ionen- und
Elektronenimpulsen bestimmen. In Abbildung 5.8 (a) ist die Zahlrate als Funktion
der Impulskomponenten in Extraktionsrichtung der Ionen und Elektronen darge-
stellt. Aufgrund der Impulserhaltung muss sich hierbei eine Gerade der Steigung 1
ergeben. Die Breite der Verteilung gibt dabei direkten Riickschluss auf die kombinier-
te Auflosung der Tonen- und Elektronenimpulse. Die Unterbrechungen der Geraden
in Abbildung 5.8 (a) sind wiederum die Positionen der bereits erwahnten Wiggles.
Die hieraus mit Hilfe eines Fits durch die Projektion der Geraden (in Abbildung 5.8
(b) dargestellt) ermittelte Breite betragt FIWHM = 0.035a.u..

Dabei ist zu beachten, dass diese Auflosung prinzipiell durch Korrelationen der
Flugzeiten kiinstlich verbessert sein kann. Die Erzeugung koinzidenter Elektronen
und Ionen findet immer am selben Ort statt, daher sind die jeweiligen Flugzei-
ten nicht unabhéngig voneinander. Die Beziehung zwischen beiden Flugzeiten ist
allerdings aufgrund der Flugzeitfokussierung des Spektrometers recht gering. Die
Auflésung der Elektronen ist mit Ap).(FWHM) = 0.01a.u. deutlich geringer als
die kombinierte Auflésung, die aus Abbildung 5.8 (b) gewonnen wurde. Daher ist der
oben ermittelte Wert auf die lonenimpulsauflosung zuriickzufiithren, welche somit fiir
diese Messung mit einem Maximalwert von Apy,(FWHM) = 0.035a.u. angegeben
werden kann.

Eine Zusammenfassung der erreichten Auflosungen ist in Tabelle 3.1 in Kapitel
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3.4 zu finden.
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Teil IV.

Grundlegende Betrachtungen zu
lon-Atom-StolB3en
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6. Einfiihrung in lon-Atom-StoBe

Im Folgenden sollen die GesetzmafBigkeiten von Teilchenstoflen zusammengefasst
werden, die fir die in dieser Arbeit untersuchten Reaktionen von Bedeutung sind.
Eine umfassendere Darstellung kann beispielsweise in [114,156] gefunden werden.

StoBe zwischen geladenen Ionen und neutralen Atomen koénnen zu einer Reihe
unterschiedlicher Prozesse fithren. Je nach Geschwindigkeit und Ladung des ioni-
schen Projektils konnen verschiedene Effekte wie Anregung und Ionisation sowohl
des Projektils als auch des Targetatoms auftreten, sowie ein Ladungstransfer von
Elektronen auf das Projektil stattfinden. Diese Prozesse kénnen dabei auch gleich-
zeitig in einer Stoffreaktion auftreten, wie beispielsweise die gleichzeitige lonisation
des Targets und des Projektils (siehe beispielsweise [23]).

In der hier vorliegenden Arbeit wurde ausschlieflich die Einfachionisation eines
neutralen Lithium-Targets durch Tonenstofl untersucht, wobei 6 MeV H' und 24 MeV
O%*-Tonen als Projektile verwendet wurden. Die Reaktionsgleichung dieser Ionisation
lautet:

X"+ Li — X™ + Lit + e (6.1)
Hierbei gibt m den Ladungszustand des Projektils X an.

Ionisationsprozesse beruhen nahezu ausschliellich auf der Coulomb-Wechselwir-
kung zwischen Projektil und Target. Die Coulombkraft selbst ist sehr genau bekannt,
daher eignen sich Ton-Atom-Sté8e sehr gut zu einer Untersuchung der Dynamiken
von Mehr-Teilchen-Systemen. Die Wechselwirkung der beiden Stofipartner hangt
damit iiber das Coulombpotential des Projektils, ®(r) o< Zp/r, von der Projektilla-
dung Zp und dem sich zeitlich &ndernden Abstand r(t) ab, der klassisch durch die
Projektilgeschwindigkeit vp und den StoBparameter b gegeben ist. Dabei bestimmt
vp die Zeitspanne der Wechselwirkung. In der storungstheoretischen Beschreibung
der Projektil-Target-Wechselwirkung ergibt sich ein Storparameter

Zp
— 6.2
n vp (6.2)

der die Stérke der Wechselwirkung angibt. Dabei fithren héhere Projektilladungen
aufgrund des hoheren elektrischen Potentials zu einer starkeren Storung, wahrend
die Zeitspanne der Interaktion und damit die Ionisationswahrscheinlichkeit zwischen
Projektil und Target mit steigender Projektilgeschwindigkeit abnimmt.

Im Allgemeinen wird zwischen schnellen (vp > Ve- paps) und langsamen (vp <
Ve— Bahn) StOBen unterschieden, wobei die Referenzgeschwindigkeit der klassischen
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Bahngeschwindigkeit des Elektrons im Target, ve- ponn, entspricht. Im hier verwen-
deten Lithium-Atom liegt diese in der GroBlenordnung von weniger als einer atoma-
ren Einheit.

Des Weiteren konnen Stofiprozesse beziiglich des Impuls- und Energietibertrags
vom Projektil auf das Target zwischen harten und weichen StoBen unterschieden
werden. Weiche Stofle fithren zu einem relativ geringen Impulsiibertrag ¢ (bezogen
auf den urspriinglichen Impuls des gebundenen Elektrons) und die Bewegung des
Projektils bleibt nahezu unbeeinflusst, wahrend bei harten Stéfen deutlich hohere
q auftreten. Dabei liegt einem hoheren Impulsiibertrag in aller Regel ein deutlich
dichterer Stof und kleinere StoBparameter (das heifit ein geringerer Minimalabstand
zwischen Projektil und Target) als bei einem kleinerem Impulsiibertrag zugrunde.
Bei weichen Stoflen liegt die Energie der emittierten Elektronen FE. in derselben
Groflenordnung wie das Ionisationspotential I,,.

In den hier untersuchten Reaktionen lagen die verwendeten Projektilgeschwin-
digkeiten bei 7.7a.u. (O%") und 15.5a.u. (H"). Bei diesen Geschwindigkeiten sind
relativistische Effekte noch weitgehend vernachlassigbar, da der Lorentzfaktor

. o3

etwa 1 ist und damit innerhalb nicht-relativistischer Grenzen bleibt.

In dieser Arbeit wurde die Elektronenemission hauptséchlich fiir kleine Elektro-
nenenergien F, < 20eV betrachtet, dementsprechend lassen sich die hier untersuch-
ten Reaktionen als (relativ) schnelle und weiche Sté8e klassifizieren.

Weitere Einfliisse auf die Dynamik der Ionisation haben auch die Projektilmasse
mp sowie spezifische Targeteigenschaften wie dessen elektronische Struktur oder die
Bindungsenergie des ionisierten Elektrons Epinge = I,. Der Einfluss dieser Effekte
auf die Wirkungsquerschnitte der Ionisation werden im weiteren Verlauf dieses Kapi-
tels betrachtet. Sofern im Einzelfall nicht anders ausgewiesen, werden im Folgenden
atomare Einheiten, a.u., verwendet (siche Anhang C).

6.1. StoBkinematik

Bei der kinematischen Betrachtung einer Reaktion werden die Regeln der Bewegung
der Stoflpartner aufgrund von Energie- und Impulserhaltung untersucht, ohne die
zugrundeliegenden Krafte, in diesem Fall die Coulombkraft, explizit zu beriicksich-
tigen.

Bei schnellen Ion-Atom-Stofien sind die Impulse der Projektile im Allgemeinen re-
lativ grof}, wohingegen ihre relative Impulsdnderung gering und deshalb nur schwer
direkt zu messen ist. Im Gegensatz dazu ist die relative Impulsinderung der Tar-
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Abbildung 6.1.: Schematische Darstellung der Impulsbilanz bei Ionen-Atom-Sto6Ben.
Erklarung siehe Text.

getfragmente erheblich grofler, da der Impuls vor dem Stof im Laborsystem im
Wesentlichen dem Comptonprofil des gebundenen Elektrons entspricht.

Im Endzustand sind bei der Einfachionisation mit dem Projektil, einem freien
Elektron und dem Riickstolion drei freie Teilchen vorhanden, die insgesamt neun
Impulskomponenten aufweisen. Diese Anzahl wird aufgrund der Energie- und Im-
pulserhaltung auf fiinf voneinander unabhéngige Freiheitsgrade eingeschrankt.

In Abbildung 6.1 ist die Impulsbilanz der Einfachionisation dargestellt. Bei der
verwendeten Notation wird dabei zwischen den Anfangs- und Endzustdnden der
Reaktion durch das hochgestellte i (aus dem Englischen, initial) bzw. f (aus dem
Englischen, final) unterschieden. Die beteiligten StoBpartner werden durch die Indi-
zes P (Projektil), T' (Target, bestehend aus Atomkern und gebundenen Elektronen),
R (RiickstoBion nach der Ionisation) sowie e (ionisiertes Elektron) unterschieden. Im
Ruhesystem des Targetatoms bewegt sich das Projektil (mit der Ladung Zp) mit
dem Impuls P} auf das Target (p4+=0) zu. Im Folgenden wird ohne Beschréin-
kung der Allgemeinheit angenommen, dass der Anfangsimpuls des Projektils in z-
Richtung (oder auch in longitudinale Richtung) zeigt.

Wahrend des Stoiprozesses kommt es zu einem Impulstibertrag von

7 =—-ABp=—(Bh—TFh) (6.4)

vom Projektil auf das Target, der zu einer Ablenkung der Projektilbahn um den
Winkel 6p fiithrt. Dabei wird eine Streuebene definiert, die durch die beiden Vek-
toren p % und ¢ aufgespannt wird. Das ionisierte Elektron sowie das RiickstoBion
erhalten durch den Stof die Impulse 7/ bzw. B%. Der minimale Abstand zwischen
Projektil und Target bei dem Streuprozess (der nur in der klassischen Beschreibung
des Projektils relevant ist) ist durch den StoSparameter b charakterisiert (Abbildung
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6.1).

Aufgrund der Zylindersymmetrie der Reaktion beziiglich der Projektilstrahlrich-
tung bietet es sich an, die dreidimensionalen Impulsvektoren in einen longitudinalen
Anteil p entlang der z-Achse, sowie eine transversale Komponente p, orthogonal
hierzu aufzuteilen.

Impulserhaltung

Die Impulserhaltung wird im Falle der Ionisation eines einzelnen Elektrons durch
folgende Gleichung ausgedriickt:

Bp+Br=7Pp+Pht Pl (6.5)
Im Ruhesystem des Targets, welches im Rahmen der hier erreichbaren experimen-
tellen Auflésung dem Laborsystem entspricht, ist 74 = 0. Das einlaufende Projektil

hat ebenfalls eine verschwindende transversale Impulskomponente, 75 = (p;;’H, 0,0),
weshalb die Impulsbilanz in transversaler Richtung als

0= ﬁél + Pro+ Del (6.6)

geschrieben werden kann. Zur einfacheren Schreibweise wurden die oberen Indizes
im Falle der Targetfragmente ignoriert, da diese eindeutig dem Endzustand zuge-
ordnet werden konnen. Der Transversalimpuls der Riickstoionen lasst sich nun mit
Gleichung 6.4 als

Pri=qL— Pel (6.7)

angeben. Entsprechend ergibt sich fiir die longitudinale Impulsbilanz

PR = q|| — Dey|| - (6.8)

Der Impulsiibertrag des Projektils wird also vom Elektron und Riickstoflion aufge-
nommen.

Energieerhaltung

Neben der Impulserhaltung reduziert das Postulat der Energieerhaltung die unab-
hangigen Freiheitsgrade der Reaktion. Die Energiebilanz der Ionisation ist durch
i i i _f f f f
Ep+ Er + Epipg = Ep + Ej + Eping + E2 (6.9)

ind
gegeben. Mit einer anfinglichen Targetenergie von E} = 0 und der Definition des
Q-Wertes als der Differenz der Bindungsenergien im Targetatom mit
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lasst sich Gleichung 6.9 schreiben als

EL=EL+Q+Egr+E.. (6.11)

Im Falle der Einfachionisation entspricht der Q-Wert gerade dem lonisationspoten-
tial Ip der Reaktion.

Ndherungen fiir weiche StoBe

In den hier betrachteten schnellen, weichen Stofien ist der Impulsiibertrag zwischen
Projektil und Target in der Regel deutlich geringer als der anfangliche Projektilim-
puls und betrigt meist wenige a.u.. Liegen die Impulse des Riickstoffions und des
Elektrons in derselben Groflenordnung, ist die kinetische Energie des Targetrumpfes
fir Lithium um den Faktor mp;/m. ~ 10* kleiner als die kinetische Energie des
Elektrons und ist daher vernachlissigbar. Mit Ep = pp?/2mp léasst sich Gleichung
6.11 umformen zu

(pr)* — (pP!)*
2mp ’

Ej,—E,=Q+E.= (6.12)
Falls die Impulsinderung des Projektils, ¢ = pp, klein gegeniiber seinem Gesam-
timpuls pp® ist, kann die rechte Seite dieser Gleichung angenihert werden durch
—>i\2 _ (>f\2 2——>Z A—)
Qmp Qmp

Nur die longitudinale Komponente der Projektilgeschwindigkeit v5 weicht von Null
ab, deshalb kann das Skalarprodukt aus Gleichung 6.13 zu

App - Up = App)| - vp = q) - vp

vereinfacht werden.
Die Impulsbilanz in longitudinaler Richtung ergibt sich aus Gleichung 6.12 und
ist
Q | Ee
PRI = — + — —De|; (6.14)
Up Up
die longitudinale Impulsdnderung des Projektils (der Impulstibertrag) ist damit
Q+ E.

q) = op . (615)
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Der Streuwinkel des Projektils lasst sich mit Hilfe der Kleinwinkelndherung als

schreiben.
Die Impulserhaltung in transversaler Richtung ist dabei

PrR.L = App 1 — De, L = —qL — De,1. R MpUplp — Pe 1, (6.17)

wobei pé’ |~ pQHQP verwendet wurde.

Der Q-Wert, und damit das Ionisationspotential, tragt (in dieser Naherung) also
ausschlieBlich zur longitudinalen Impulskomponente bei. Aus der transversalen Im-
pulsbilanz lassen sich Riickschliisse iiber die Dynamik der Reaktion, den Streuwinkel
des Projektils beziehungsweise die Stofparameter b ziehen.

6.2. Dynamik der StoBionisation

Zur Beschreibung der Dynamik eines Stofiprozesses sind nicht nur Energie- und
Impulserhaltung (also die kinematischen Gréflen) zu beriicksichtigen, auch die zu-
grundeliegenden Kréafte sind zur Aufstellung der Bewegungsgleichung notwendig,.

Zur theoretischen Beschreibung kénnen nun verschiedene Ansétze verwendet wer-
den, von denen sich etwa storungstheoretische Modelle wie die Bornsche Naherung
oder Rechnungen mit gestorten Zustanden als sehr hilfreich erwiesen haben (siehe
hierzu Kapitel 7.2). All diesen Modellen ist jedoch gemeinsam, dass sie prinzipiell
eine moglichst vollstindige Beschreibung aller (ungestorten) Anfangs- und Endzu-
stande erfordern, zu denen Faktoren wie die Ladung, Masse und Geschwindigkeit des
Projektils, wie auch spezifische elektronische Eigenschaften des Targetatoms beitra-
gen. Die quantenmechanisch exakte Beschreibung der atomaren Zustande ist aber
jenseits des Wasserstoffatoms nicht moglich. Es miissen daher Naherungen fiir die
beteiligten Zustidnde gemacht werden, welche die Aussagekraft dieser theoretischen
Modelle in verschiedenem Mafle beeinflussen.

Binarer Stof3

Im einfachsten Fall kann ein Ionisationsprozess als ein binarer Stofl zwischen einem
schweren, geladenen Projektil und einem freien Elektron betrachtet werden. Der
Einfluss des Targetkerns auf den Prozess wird dabei vollsténdig vernachléssigt.

Der differentielle Wirkungsquerschnitt in Abhéngigkeit von der kinetischen Ener-
gie des Elektrons kann dann tiber die Rutherford-Streuung angegeben werden (siehe
beispielsweise [157]):
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do 27 <Zp)2

6.18
dE, * mod \ W (6.18)

Fiir ein freies Elektron entspricht die Energie W direkt der kinetischen Energie.
Die Bindung des Elektrons im Potential des Atomkerns kann allerdings durch das
Tonisationspotential beriicksichtigt werden, sofern E, >> I, gilt. Der Energieiibertrag
andert sich damit zu W = E, + Ip.

Die maximale Energie, die ein freies Elektron dabei bei solch einem Stof§ auf-
nehmen kann, ist in der klassischen Mechanik gerade die Energie, die ein zentraler
Stof3 zwischen Projektil und Elektron iibertriagt, wenn das Elektron in Richtung der
einfallenden Projektilachse mit doppelter Projektilgeschwindigkeit emittiert wird.

EJe® = 2mevp (6.19)

Fiir gebundene Elektronen muss auch hier das Ionisationspotential berticksichtigt
werden. Dies wird etwa in der ,binary encounter® (BE) -Ndherung angewandt [158,
159]. Dabei gilt die BE-Naherung nur fur

Ip
2Mme

vp > (6.20)
Fiir schnelle Sto8e mit hohen Energietibertrdgen kann dieses Modell als Grund-
lage zur Berechnung des Wirkungsquerschnittes dienen (siche etwa [160, 161}), fur
weiche Stofle wird d%z aber deutlich unterschatzt, da hier vor allem Dipoliibergange
auftreten, die wesentlich zur quantenmechanischen Beschreibung des Targets beitra-
gen, in der klassischen Rutherford-Streuung jedoch nicht berticksichtigt werden.

Einfluss der Targetstruktur

Neben der bereits genannten Bindungsenergie werden in der Rutherfordstreuung
weitere Targeteigenschaften ignoriert, die einen Einfluss auf die Wirkungsquerschnit-
te der Elektronen haben kénnen. Im Folgenden soll auf diese Effekte kurz eingegan-
gen werden.

Das Compton-Profil

Im Bohr-Modell bewegen sich die Elektronen auf festgelegen Bahnen mit einer Ge-
schwindigkeit ve- ponn- In der Quantenmechanik ist dem Elektron eine Wahrschein-
lichkeitsverteilung sowohl im Orts- als auch im Impulsraum zugeordnet. Diese Ver-
teilung im Impulsraum, das sogenannte Compton-Profil, fithrt zur Verbreiterung
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der Elektronenimpulse im Endzustand, insbesondere bei niedrigen Elektronenener-
gien [162]. In der quantenmechanischen Beschreibung des Systems ist dem Compton-
Profil bereits intrinsisch Rechnung getragen, es kann aber auch in der oben erwahn-
ten BE-Naherung oder in klassischen Rechnungen (beispielsweise CMTC, siehe Ka-
pitel 7.1) beriicksichtigt werden.

Effekte bei Mehr-Elektronensystemen

Die einfachste Beschreibung des Targetsystems ist durch die Wasserstoff-Wellen-
funktion gegeben, wobei nur ein einzelnes Elektron beriicksichtigt wird. Werden
allerdings Targetspezies mit hoheren Ordnungszahlen verwendet, miissen Effekte
aufgrund der Wechselwirkung der Elektronen untereinander berticksichtigt werden.

Auf der einen Seite fiihrt das Vorhandensein mehrerer Elektronen zu einer re-
pulsiven Kraft zwischen den Elektronen. Dies kann durch einen Abschirmeffekt der
nicht an der Ionisation beteiligten Elektronen auf die Kernladung berticksichtigt
werden, der zu einer effektiven Kernladung Z. s fiihrt. Z.¢; kann dabei so gewéhlt
werden, dass das Ionisationspotential richtig wiedergegeben wird. Hierbei wird je-
doch vernachlassigt, dass der Abschirmungseffekt eine Abhéngigkeit vom Abstand
des aktiven Elektrons zum Atomkern zeigt. Um dies zu beriicksichtigen, konnen
kompliziertere Targetpotentiale, wie etwa ein Hartee-Fock-Slater-Potential (siche
beispielsweise [37]) verwendet werden, um die jeweiligen Zusténde zu berechnen.

Ein weiterer Effekt, der bei Mehrelektronensystemen auftritt, ist die Korrelation
zwischen den einzelnen Elektronen, die tiber einen Abschirmungseffekt hinausgeht.
Eine wichtige Rolle spielt die Korrelation etwa bei der Mehrfachionisation, bei wel-
cher der Ubergang zumindest eines der beiden Elektronen ins Kontinuum direkt
durch die Wechselwirkung der beiden Elektronen untereinander bedingt sein kann.

Aber auch in der Einfachionisation wurde der Einfluss der Elektronen-Korrela-
tionen auf die Wirkungsquerschnitte diskutiert. Eine Beriicksichtigung dieser Effek-
te in theoretischen Modellen ist allerdings nur mit groffem Aufwand moglich und
wurde bislang nur sehr begrenzt durchgefiihrt. Es wurde aber diskutiert, dass Dis-
krepanzen zwischen theoretischen und experimentell ermittelten Streuquerschnitten
der Tonisation von Helium, wie beispielsweise in [13] berichtet, teilweise auf Korre-
lationseffekte zuriickgefithrt werden konnten. Ein erster Hinweis darauf zeigte sich
in [70], wo theoretische differentielle Wirkungsquerschnitte Unterschiede zeigten, je
nachdem ob ein oder zwei Elektronen explizit berticksichtigt wurden. Ein umfassen-
der Uberblick iiber Korrelationseffekte bei Mehrelektronensystemen findet sich auch
in [163].

Bei der Untersuchung von Ionenstofl-Experimenten an Lithium, wie sie in dieser
Arbeit vorgestellt werden, bietet sich daher die Gelegenheit, Prozesse mit starker
und schwacher Korrelation zu untersuchen, indem alternativ ein Elektron aus der
(n = 2) -Valenzschale oder aus der vollbesetzten inneren (n = 1) -Schale ionisiert
wird. Aufgrund der signifikant geringeren Wechselwirkung zwischen Elektronen in
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unterschiedlichen Schalen, kann eine Ionisation des Valenzelektrons als weitgehend
unbeeinflusst von den anderen Elektronen angesehen werden. Bei der Ionisation eines
Elektrons aus der (n = 1) -Schale hingegen werden Korrelationseffekte der beiden
Elektronen ahnlich wie in Helium erwartet.

Einfluss des Targetkerns

Der Atomkern des Targets hat einen grofien Einfluss auf die Dynamik der Ionisation.
Sein Coulomb-Potential ist nicht nur mafigebend fiir die Bewegung des Elektrons,
sondern auch fiir die des Projektil-lons, so dass aus dem Stofl ein effektives Drei-
Koérper-Problem wird.

Die Wechselwirkung des Elektrons mit dem Targetkern muss dabei vor und nach
der Ionisation durch das Projektil berticksichtigt werden. Die Wechselwirkung zwi-
schen Elektron und Targetrumpf im Endzustand ist vor allem bei weichen St68en
relevant, in denen die Elektronenenergie in derselben Groflenordnung wie die Bin-
dungsenergie des Elektrons liegt (siehe [164]). In den in Kapitel 7 vorgestellten quan-
tenmechanischen theoretischen Modellen kann dieser Einfluss des Targetpotentials
durch eine geeignete Wahl der Elektronenwellenfunktion im Endzustand berticksich-
tigt werden.

Die Wechselwirkung zwischen dem Targetrumpf und dem Projektil hingegen er-
fordert ein Modell, das eine mehrmalige Wechslewirkung berticksichtigt, ndmlich
die Wechselwirkung zwischen Elektron und Projektil, die zur Ionisation des Elek-
trons fiihrt, und zusatzlich eine Wechselwirkung zwischen Targetkern und Projektil.
Der Beitrag einer solchen Mehrfachstreuung ist umso gréfler, je hoher die Stérung
n = Zp/vp durch das Projektil ist, bzw. je groBer die StoBzeit und die Kraft, die
das Projektil auf den Kern ausiibt, ist. Es zeigt sich allerdings, dass zumindest
bei hoch-differentiellen Querschnitten bereits bei kleinen Storparametern, wie der
in [13] vorgestellten Messung, Effekte auftreten, die unter anderem der Kern-Kern-
Wechselwirkung zugeschrieben werden kénnen.

Einfluss der Projektilparameter

Die Eigenschaften des Projektil sind durch seine Masse, seine Ladung, seine Ge-
schwindigkeit und gegebenenfalls durch seine innere Struktur (das heifit, sofern es
gebundene Elektronen tragt) gegeben. Welchen Einfluss diese Parameter auf die
Sto8dynamik haben, ldsst sich zunéchst durch die stérungstheoretische Betrach-
tung des Streuprozesses verdeutlichen. In der ersten Bornschen Naherung, wie sie
in Kap 7.2 hergeleitet ist, tritt die Projektilabhéngigkeit nur durch die Proportio-
nalitit des Wirkungsquerschnitts zum Quadrat des Storparameters (Zp/vp)? auf.
In dieser Naherung ist also der Querschnitt unabhéngig sowohl vom Vorzeichen der
Projektilladung als auch von der Projektilmasse.
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Werden Beitdge hoherer Ordnung beriicksichtigt, wie beispielsweise in der zwei-
ten Bornschen Néaherung (Kapitel 7.2), treten Terme im Querschnitt auf, die mit
(Zp/vp)® und hoheren Potenzen des Storparameters skalieren, wodurch sich eine
Abhéngigkeit vom Vorzeichen der Projektilladung ergibt [165]. Dadurch kénnen Ef-
fekte, wie die ,post collision interaction“ (PCI) berticksichtigt werden. Bei der PCI
wird das nach dem Stof} freie Elektron vom Projektil angezogen oder abgestoflen.
Die longitudinale Impulsverteilung der Elektronen wird daher fiir positiv geladene
Projektile in Richtung der Projektilflugbahn verschoben, fiir negativ geladene Pro-
jektile in entgegengesetzter Richtung. In [166] beispielsweise wurde der Einfluss der
PCI-Effekte auf die Elektronenemission im Vergleich zwischen Stéflen mit 1 MeV
Protonen und Antiprotonen auf ein Helium-Target beobachtet.

Der Storparameter allein reicht jedoch nicht aus, um die Stodynamik zu be-
schreiben. Dies wird beispielsweise bei extremen Stofsystemen deutlich, bei denen
hoch geladene, relativistische Schwerionen als Projektile verwendet werden. Hier
konnen (bei relativ moderaten Storparametern) durch die relativistische Lorentz-
Kontraktion extrem intensive (> 10** W cm™2) und kurze (< 1as) Felder durch das
vorbeifliegende Projektil-Ion erzeugt werden. Die Elektronenemission kann in die-
sem Fall durch die Absorption von Photonen aus diesem Feld nach der Methode von
Weizsécker und Williams beschrieben werden [167-169].

Der Einfluss der Masse des Projektils auf die StoBdynamik ist in gewisser Hinsicht
subtiler, als die der Projektilladung und -geschwindigkeit. Fiir sehr leichte Projektile
wie Elektronen treten zwar offensichtlich kinematische Effekte auf, so dass die in
Kapitel 6.1 hergeleiteten Naherungen fiir weiche St68e nicht mehr giiltig sind. Fir
schnelle Tonenstéf8e hingegen sind Masseneffekte innerhalb der Theorie weitgehend
vernachlassigbar bzw. konnen durch die leichte Anpassung der reduzierten Massen
berticksichtigt werden.

Eine indirekte Abhéangigkeit der Stodynamik von der Projektilmasse ergibt sich
allerdings, wenn die Projektil-Koharenzldnge berticksichtigt wird. Die Kohéarenz-
lange entspricht dabei der Breite des Projektil-Wellenpakets, auf der die relative
Phase der Welle weniger als 7/2 fluktuiert. Diese Breite entspricht also dem ma-
ximalen Schlitzabstand im klassischen Doppelspaltexperiment von Young [82], bei
dem noch Interferenz beobachtet werden kann. Wendet man dieses Konzept auf die
Projektil-Materiewellen an, zeigt es sich, dass die typischen Kohéarenzldngen von
Projektil-Ionen kleiner als die Grofle des Atoms sein konnen. Neueste Studien des
Elektroneneinfangs und der Ionisation in St68en zwischen Protonen und Wasserstoff-
molekiilen [81,170] haben Hinweise erbracht, dass diese endliche Kohérenzlédnge des
Projektil-Tons einen deutlichen Einfluss auf die Querschnitte haben kann. Ahnliche
Effekte wurden auch fiir Ion-Atom-St68e beobachtet [75,83]. Da die Kohérenzlange
(bei ansonsten gleicher Strahlgeometrie) proportional zur deBroglie-Wellenlange ist,
sind fiir schwerere Projektile die erreichbaren Koharenzléngen in aller Regel geringer.
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6.3. Wirkungsquerschnitte der StoBionisation

Um die Stodynamik von Streuprozessen zu verstehen, miissen Messgroflien bzw.
Spektren untersucht werden, die sowohl experimentell als auch theoretisch zugang-
lich sind. Dies sind im Allgemeinen die Wirkungsquerschnitte der Reaktion. Dabei
entspricht die Ionisationswahrscheinlichkeit dem totalen Wirkungsquerschnitt, und
die Impuls-, Energie- und/oder Winkelverteilungen den differentiellen Querschnit-
ten. Im Folgenden werden einige fiir diese Arbeit relevante Beispiele zur Darstellung
von Wirkungsquerschnitten gegeben.

Totale lonisationsquerschnitte

Der totale Wirkungsquerschnitt kann in der Naherung fiir bindre Stofle zwischen
dem Projektil und dem Elektron iiber

Z%om vh 2
ot = —5— [In— 6.21
Otot U12D Ip (n Ip ( )
abgeschatzt werden [156] (vergleiche auch Gleichung 6.18).
Eine genauere relativistische Abschétzung fir die totalen Wirkungsquerschnitte
fiir die Tonisation von wasserstoffihnlichen Targetatomen mit einer Kernladung Zr
geben Voitkiv und Koval in [171,172] mit

73 5v2 v?
o = T7.113—L_ |1 P - 6.22
It V272 ln (ZPZﬂ) 202] (6.22)
an. Im nicht-relativistischen Grenzfall v — 1 vereinfacht sich dies zu
VA 5v2
ot — 7.113 L 1 L . 6.23
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Fiir das in dieser Arbeit relevante Lithium-Target stellen Shah et al. in [173] eine
ausfithrliche Untersuchung der totalen Wirkungsquerschnitte der Ionisation durch
H* und He?* fiir verschiedene Projektilenergien vor. Fiir die Einfachionisation von
Lithium durch ein 1.4MeV He*'-Projektil finden sie einen Wert von 1.31 & 0.07
10'® cm?= 4.68a.u., ein Wert der etwa dem in [174] mit Hilfe einer CDW-EIS-
Rechnung erhaltenem gut entspricht.

Differentielle Wirkungsquerschnitte

Zur Untersuchung der Dynamik einer Stofireaktion bieten sich differentielle Wir-
kungsquerschnitte do/dxr an, die Aussagen beispielsweise tiber den Energie- und
Impulsiibertrag oder die Emissionscharakteristik der emittierten Elektronen erlau-
ben. So liefert beispielsweise der einfach differentielle Wirkungsquerschnitt do/dE,
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Abbildung 6.2.: Beispiel eines vollstandig differentiellen Wirkungsquerschnitts in ei-
ner dreidimensionalen Polardarstellung. Erklarung siehe Text.

eine Aufschliisselung nach der Energieverteilung der emittierten Elektronen und man
kann den relativen Beitrag der jeweiligen Elektronenenergien zum totalen Wirkungs-
querschnitt betrachten.

Des weiteren kénnen mehrfach differentielle Wirkungsquerschnitte untersucht wer-
den, in denen die gemessenen Ereignisse nach mehreren Parametern aufgeschliisselt
werden. So werden etwa in Kapitel 9 doppelt differentielle Wirkungsquerschnitte
(DDCS) vorgestellt, bei denen der Streuquerschnitt differentiell sowohl beziiglich
der Energie als auch des Impulsiibertrags ist. Dies hat den Vorteil, dass bestimmte
Charakteristiken spezifisch in ihrer Abhéngigkeit von diesen Parametern untersucht
werden konnen.

In der StoBphysik werden héufig vollstandig differentielle Wirkungsquerschnitte,
FDCS (aus dem Englischen, fully differential cross sections) untersucht. Vollstandig
differentielle Wirkungsquerschnitte geben dabei die Wahrscheinlichkeit an, ein Sys-
tem nach der Reaktion in einem kinematisch vollstandig bestimmten Endzustand zu
finden. In atomaren Stoflexperimenten wird dabei nur der Spin vernachlissigt, da
dieser in aller Regel experimentell nicht zuganglich ist. Im Falle der Einfachionisati-
on entsprechen die FDCS gerade den dreifach differentiellen Wirkungsquerschnitten,
TDCS (,triple differential cross sections“), und sind tiber

o
dQdE.dq

definiert, wobei E. die kinetische Energie des Elektrons, ¢ der Impulsiibertrag und
2 den Raumwinkel des emittierten Elektrons darstellt.

FDCS = (6.24)
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Gestreutes
Projektil

Impulsiibertrag

Polarisation Einfallendes
Photon Einfallendes
(a) (b) A Projektil

Abbildung 6.3.: Theoretisch bestimmte Winkelverteilung der ionisierten Elektronen
bei (a) Photoionisation und (b) Stofionisation von Helium. Abbil-
dung aus [114].

Zur Visualisierung der vollstandig differentiellen Wirkungsquerschnitte hat sich
eine dreidimensionale Darstellung bewahrt, in der die Emissionscharakteristik der
Elektronen in Abhangigkeit der azimutalen (¢.) und polaren (v.) Winkel fiir je-
weils feste Werte des Impulsiibertrags ¢ und der Elektronenenergie E, aufgetragen
werden. Ein Beispiel dieser Darstellungsweise ist in Abbildung 6.2 zu sehen. Dies
ist also ein dreidimensionaler Polarplot, bei dem der Abstand der Flache zum Ur-
sprung der Intensitat der Emission in das respektive Raumwinkelelement entspricht.
Vorzugsrichtungen sind dabei durch das ein- und auslaufende Projektil gegeben.

6.4. StoBinduzierte Einfachionisation am Beispiel
eines Helium-Targets

Das Emissionsspektrum der Photoionisation eines Helium-Targets ist in Abbildung
6.3 (a) dargestellt. Aufgrund der Dipol-Auswahlregeln ergibt sich hier ein charak-
teristisches Emissionsspektrum mit einer cos? -Verteilung, sofern das Elektron aus
einem s-Grundzustand ionisiert wurde. (ein Uberblick iiber Photoionisationsprozesse
ist auch in Teil III dieser Arbeit zu finden). Vergleicht man das Emissionsspektrum
der Photoionisation eines Helium-Targets aus Abbildung 6.3 (a) mit dem der StoBio-
nisation mit 100 MeV /u C%" aus 6.3 (b), so ldsst sich auch in der Stofionisation eine
Doppel-Keulenstruktur in Richtung des Impulsiibertrags beobachten. Dies lasst sich
so verstehen, dass auch hier grofie Dipol-Beitrage zum Ubergangs-Matrixelement
beitragen. Es fillt dabei auf, dass die Verteilung bei der Stoffionisation nun nicht
mehr spiegelsymmetrisch entlang ¢ ist. Dies tritt aufgrund von Multipol-Beitrigen
auf. Es kommt daher zu einer deutlichen Vorzugsrichtung der Emission in Richtung
des Impulsiibertrags, +¢, dem sogenannten Binary-Peak.

In entgegengesetzter Richtung kommt es zur Ausprégung eines kleineren Maxi-
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mums, dem sogenannten Recoil-Peak. Hierbei werden Elektronen, die in Richtung
des auslaufenden Projektils emittiert wurden, im Potential des Targetrumpfes ge-
streut und in die entgegengesetzte Richtung emittiert [175]. Je nach Impulstibertrag
und Elektronenenergie ist die Auspragung des Recoil-Peaks unterschiedlich stark
und kann im Grenzfall des ,binary limit* fiir hohe ¢ ganz verschwinden. Auf der
anderen Seite fiihrt ein sehr kleiner Impulsiibertrag zu einer nahezu symmetrischen
Verteilung der beiden Keulen, was als "Photolimit“ bezeichnet wird.

Die charakteristische Doppelkeulenstruktur lasst sich dabei in einer ganzen Reihe
von Experimenten mit unterschiedlichen Projektilen beobachten, wie etwa in [26,
167,176,177] berichtet.

Trotz vieler bereits in Kapitel 1 ndher beleuchteten Diskrepanzen zwischen theo-
retischen Modellen und experimentellen Daten wird diese Doppelkeulenstruktur in
nahezu allen theoretischen Modellen zumindest qualitativ wiedergeben.
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1911 untersuchte Ernest Rutherford erstmals in [94] die Streuung eines geladenen
Teilchens an Atomen und kam zu damals tiberraschenden Ergebnissen, welche die
Modellvorstellung des atomaren Aufbaus grundlegend pragten. Das Ergebnis, dass
die Ablenkung 6 eines Alphateilchens beim Durchdringen einer diinnen Goldfolie ei-
ne 1/sin*(0/2)-Abhingigkeit zeigte, bestétigte die Annahme, dass der iiberwiegende
Massenanteil der Atome in einem kleinen Kern konzentriert ist. Rutherford selbst
beschrieb die Herleitung seiner Ergebnisse durch eine klassische Streutheorie, aller-
dings fithrt ein quantenmechanischer Ansatz dieser Streuung zu demselben Ergeb-
nis [178]. Die quantenmechanische Betrachtung atomarer Streuprozesse nahm ihren
Anfang im Jahre 1930 durch Hans Bethe, der in [2] eine umfassende Betrachtung in-
elastischer Stofle von geladenen Teilchen mit Materie vornahm. Seitdem wurde eine
Vielzahl klassischer, halbklassischer und vollstdndig quantenmechanischer Anséatze
entwickelt, um diese atomaren Prozesse zu beschreiben.

Ein fundamentales Modellsystem ist hierbei die Einfachionisation, an der Projek-
tile (geladene Teilchen wie Elektronen, Protonen bzw. hoher geladene, schwere Ionen
oder Photonen aus einer hoch-energetischen Lichtquelle), und ein Targetsystem, be-
stehend aus dem zu ionisierenden Elektron und dem atomaren Rumpf, beteiligt
sind.

Bereits in der vereinfachten Beschreibung dieser Systeme, in welcher der spezifi-
sche Aufbau des Projektils und des Targetrumpfes unberticksichtigt bleiben, konnen
die zugrundeliegenden Bewegungsgleichungen nicht analytisch gelost werden. Die-
ses sogenannte Drei-Korper-Problem wurde erst 1999 numerisch exakt fiir eines der
einfachsten StoBsysteme, ndmlich e + H — HT + e~ + e™, gelost [4]. Insbesondere
fiir die Tonisation im Ionenstof existieren bis heute jedoch nur Naherungsverfahren.

Von einer guten Theorie wird dabei erwartet, dass sie die experimentell zugéngli-
chen Messgroflen moglichst genau wiedergeben kann. Hierzu wird oft ein Vergleich
des charakteristischen Elektronen-Emissionsspektrums gewahlt. In diesem Kapitel
soll ein kurzer Uberblick iiber die verschiedensten (quantenmechanischen) Ansitze
zur Berechnung inelastischer atomarer Stofe gegeben werden, die teilweise im weite-
ren Verlauf dieser Arbeit zum Vergleich der experimentell ermittelten Wirkungsquer-
schnitte verwendet werden. Diese lassen sich dabei in klassische, quantenmechani-
sche, perturbative und nicht-perturbative Verfahren unterteilen. Eine ausfiihrlichere
Beschreibung tiber die hier aufgefithrten Methoden ldsst sich in [156, 179] finden
oder in den in den jeweiligen Unterkapiteln zitierten Referenzen. Der Aufbau dieses
Kapitels orientiert sich weiterhin an den in [114, 156, 180] vorgestellten Arbeiten.
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7.1. Classical Trajectory Monte Carlo Simulation
(CTMC)

Klassische Ansétze zur Losung der Bewegungsgleichungen atomarer Stoiprozesse
sind seit langem bekannt, halten dem Vergleich mit experimentellen Messungen
aber nur sehr bedingt stand. Eine Erweiterung dieser Rechnungen ist die CTMC-
Methode, in der die Teilchentrajektorien auf Basis klassischer Mechanik berech-
net werden, der Anfangszustand aber gewisse quantenmechanische Bedingungen er-
fullt [181,182]. In der Regel werden die Elektronen des Targetsystems dabei als
unabhéngige, nicht miteinander wechselwirkende Teilchen betrachtet, die sich auf
klassischen Ellipsenbahnen um den Atomkern bewegen. Dem Prinzip der Aufent-
haltswahrscheinlichkeit wird dadurch Rechnung getragen, dass eine Vielzahl zufallig
ausgewahlter Anfangszustinde verwendet wird, wobei fir jede einzelne Anfangsbe-
dingung die zeitliche Entwicklung des Systems allein nach den Gesetzen der New-
tonschen Mechanik und Elektrodynamik (aufgrund der zugrundeliegenden Coulomb-
kraft) berechnet wird. Quantenmechanische Effekte wie Interferenzen kénnen daher
nicht reproduziert werden. Ein Problem stellt hierbei auch die Grundzustandsener-
gie der Elektronen dar, fir die es kein klassisches Analogon gibt und die in einer
klassischen Theorie zu Autoionisationen fithren kann, sofern Wechselwirkungen der
Elektronen untereinander berticksichtigt werden. Um dies zu vermeiden, kann etwa
ein abgeschirmtes Kernpotential verwendet werden [183]. Fiir einen Uberblick iiber
die CTMC-Methode siehe auch [180] sowie die dort angegebenen Referenzen.

Der Vorteil dieser klassischen Betrachtungsweise liegt in dem numerischen Auf-
wand, der im Gegensatz zu anderen numerischen Verfahren auch bei grofleren Sto-
rungen durch das Projektil gleich bleibt. Hiufig werden quantenmechanische An-
sitze zur Berechnung der Streuquerschnitte verwendet, in denen die Bewegung
des Projektils weiterhin klassisch betrachtet wird. Dieser semi-klassische Ansatz ist
fiir die meisten Ionenstof3-Prozesse aufgrund der groflen Projektilmasse eine relativ
gute Vorgehensweise zur Beschreibung des Systems und wird vor allem in nicht-
perturbativen Verfahren zur Berechnung der Elektronenemissionsspektren eingesetzt
(siche Unterkapitel 7.3).

7.2. Storungstheoretische Rechnungen

Héaufig werden storungstheoretische Methoden zur Analyse eines atomaren Stoflpro-
zesses verwendet. Hierbei wird die Wechselwirkung des Projektils mit dem ansonsten
unbeeinflussten Targetsystem als Storung betrachtet. Die Giiltigkeit dieser Naherun-
gen ist auf Félle begrenzt, in der diese Entwicklung nach dem Stoérungsparameter
n = Zp/vp konvergiert, das heifit n < 1 (siehe Gleichung 6.2). Man spricht in diesem
Fall vom perturbativen Regime.
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Ausgangspunkt der meisten perturbativen Ansétze ist die Schrodingergleichung,
aus der sich die Eigenzustande [¢) (unter Vernachlassigung des Spins) ergeben,

Hy) = Ey) . (7.1)

Der Hamiltonoperator H des vollsténdigen Systems lasst sich aufteilen in

H=Hy,+V, (7.2)

mit einem ungestorten Anteil Hy und der Stérung V' im Anfangszustand. Dabei
setzt sich der Hamiltonoperator des ungestorten Systems, Hy, aus den Hamilton-
operatoren des Projektils und des Targets zusammen. Fiir den Endzustand muss
nicht unbedingt dieselbe Aufteilung vorgenommen werden, es gilt aber allgemein
H = H| + V'. Betrachtet man nur die Einfachionisation, gilt fiir Anfangs- und
Endzustand die Beziehung

Hy=H, sowie V'=V. (7.3)
Damit folgt fiir die zeitunabhéngige Schrodingergleichung

Hy) = E[y) (7.4)
Hylp) = Eo) (7.5)
Hy|¢') = E'[¢') (7.6)

fir die jeweiligen Eigenzusténde des vollstandigen, |¢), und der ungestorten Systeme
vor, |¢), und nach, |¢’), dem Sto8.
Die Losungen der zeitabhéangigen Schrodingergleichung ergeben sich zu:

@) = e |v)
@) = e |9)
|(I)/> — efiEt ’¢/>

Vor dem Stof} (f — —oo) befindet sich das System im Anfangszustand |®°), wobei
im weiteren Verlauf die hochgestellten Indizes 7, f den Anfangs- bzw. Endzustand
symbolisieren. Wahrend des Stofles selbst kann die Wechselwirkung zwischen Pro-
jektil und Target durch das Potential V' nicht mehr vernachlassigt werden, und der
Anfangszustand dndert sich durch das einlaufende Projektil zu |¥%(¢)), der nun ein
Eigenzustand zu H, des vollstandigen Systems, ist.

Durch eine Projektion von lim |U(t)) auf den Endzustand

o7 > erhalt man die

Wahrscheinlichkeit, das System nach dem Stofl in diesem nunmehr ungestorten End-
zustand zu finden. Dieser sogenannte Wirkungsquerschnitt o der Reaktion ist dann
proportional zum Quadrat des Ubergangsmatrixelementes Af*:
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o oc (AT (7.10)

mit

AP = Jim (@

t—o00

v (7.11)

Zur Berechnung von A% eignet sich Gleichung 7.11 jedoch weniger, da die Phasen
der Eigenzustdnde das nicht konvergierende (oszillierende) Integral exp (—iEt) ent-

halten. Sind, wie bei der Ionisation der Fall, die Zusténde ’q)/f > und |¥*) im Grenzfall
t — —oo orthogonal, lasst sich Gleichung 7.11 in

I,
A — / 9 (et
i

umformen. Mit Hilfe der zeitabhéngigen Schrodingergleichung ergibt sich nun

v (7.12)

. +o00 .
Al = —1/ at (8”|(H — Hy)|v')
+oo X
- —i/ at (8 |v'|w)
o0 . (7.13)
= —i<<z5’f v’ wi> / dt el®E —E"t
= —2ri (¢ V' ) 6(ES — EY).
AT 14sst sich als
Al = —omi TV §(EY — EY) (7.14)
schreiben, wobei
T = (| V) (7.15)

die sogenannte 7T-Matrix in der post-Form darstellt und ‘wﬁr> die Randbedingungen
einer auslaufenden Welle erfiillt. Diese Herleitung ist auch in der zeit-umgekehrten
Form mdglich, wobei sich die zugehorige T-Matrix dann in die prior-Form, T/% =
<w{ ‘V ¢i> umwandelt und lwf > den Randbedingungen einer einlaufenden Welle
genugt.

Die Bestimmung des Ubergangsmatrixelementes nach Gleichung 7.14 ist eine ex-
akte Losung des Streuproblems. Das Problem liegt allerdings in der Bestimmung
der Eigenzustinde ‘wﬁr> und ‘@/Jf >, die nicht analytisch l6sbar sind und daher iiber
Néherungsverfahren bestimmt werden miissen. Einige haufig verwendete Naherungs-
verfahren werden im Folgenden kurz vorgestellt.
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Bornsche Naherung

Das wohl bekannteste Naherungsverfahren ist die nach Max Born benannte und vor
allem durch Hans Bethe [2] erweiterte Bornsche Naherung, der eine Entwicklung
nach dem bereits eingefithrten Stérungsparameter 7 = Zp/vp zugrunde liegt. Die
Voraussetzung fiir diese Ndherung liegt in der Konvergenz der verwendeten Rei-
henentwicklung, die nur fiir n < 1 gegeben ist. Die Bornsche Néherung ist daher
auf Anwendungen, in denen die durch das Projektil verursachte Stérung gering ist,
beschréankt.

Das Stoflsystem wird hierbei in zwei Teilsysteme, das Projektil- und das Target-
system, aufgeteilt, die beide vor und nach dem Stof§ voneinander unabhéngig sind.
Der Hamiltonoperator des Gesamtsystems setzt sich somit zusammen aus

H=Hp+Hr+V, (7.16)

mit Hp als der Hamiltonoperator des freien Projektils und Hy dem Hamiltonopera-
tor des ungestorten Targetsystems. Die Wechselwirkung zwischen beiden Systemen
ist dabei iiber das Coulombpotential

LpLr Zp
V= NP 7.17
R zj: [7p — T, | ( )

gegeben. Die Ladungszustédnde des Projektils und des Targetrumpfes sind dabei tiber
Zp bzw. Zp charakterisiert, wihrend 7p und 7¢, den Ort des Projektils und der an
der Reaktion beteiligten Elektronen im Referenzsystem des Targetrumpfes angeben
und R den Abstand der beiden Ladungstrager definiert.

Das Projektil kann dabei durch eine ebene Welle beschrieben werden, weshalb die
Eigenzustande des ungestorten Systems sich zu

[9) = I, 7p) = (2m) %2 - PP |) (7.18)

ergeben. Dabei sind |¢) die Zustédnde des Targetelektrons und pp der Projektilim-
puls.

Die Schrodingergleichung des Gesamtsystems (E — Hp) |V) = V' |¥) kann nun
beispielsweise durch die Lippman-Schwinger-Gleichung exakt gelost werden (fiir eine
ausfiithrliche Herleitung siehe auch [178)):

) = [¢) + GV |vby) (7.19)

mit dem freien Greenschen Operator

1
—lm— 2
G S0FE — Hy +ic (7.20)

Die Zustande [¢)1) ergeben sich nun iiber:
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1%0) >: ¢Z>
Yhye) = [6) + G2V |¢)
A , , , (7.21)
Vo) = [8) + G2V |¢) + G2V G2V |¢)
¢§3)i> =

Setzt man die so entwickelten Zustande in Gleichung 7.15 ein, lautet der Ausdruck
fir die T-Matrix

T = (¢f|V

o) + (¢ [vaLv O (1.22)

Fiir das durch Gleichung 7.17 gegebene Potential entspricht dies gerade einer Ent-
wicklung nach den Potenzen der Stérung 7. Dabei kann jeder weitere Term der Reihe
einer weiteren Wechselwirkung zwischen Projektil und Target zugerechnet werden.

o)+ (¢ [VGLV GV

Erste Bornsche Naherung

Oftmals wird bei geringen Storungen diese Reihe bereits nach dem ersten Term ab-
gebrochen, man spricht dann von der ersten Bornschen Naherung, FBA (aus dem
Englischen, first Born approximation). In vielen Féllen ist dies eine adéquate Be-
schreibung von Systemen mit kleiner Storung. Allerdings ist mit der FBA nur eine
einmalige Wechselwirkung des Projektil mit dem ionisierten Elektron beriicksich-
tigt, Effekte die eine mehrmalige Interaktion erfordern (wie etwa gleichzeitige Anre-
gungsprozesse oder Wechselwirkung des Projektils mit dem Targetkern) lassen sich
hierdurch nicht beschreiben.

Das Ubergangsmatrixelement in der ersten Bornschen Ordnung ist

Tl = (¢|v

¢ ; (7.23)

zusammen mit dem Wechselwirkungspotential aus Gleichung 7.17 und den iiber
Gleichung 7.18 berechneten Zustédnden ergibt sich nach Integration iiber die Projek-
tilkoordinate und Losen des Bethe-Integrals (siehe etwa [178])

. ZP
Tffl — f
1B 27T2q2 <90

Zp— Y e
J

wobei ¢’ den Impulstibertrag vom Projektil auf das Target darstellt. Dabei beschreibt
der erste Term des Storoperators, Zr, die Kern-Kern-Wechselwirkung des Projek-
tils mit dem Targetrumpf. Der Anfangs- und Endzustand |p?) und ’(pf > sind beide
Eigenzustande des gleichen Hamiltonoperators, Hy, und im Falle der Ionisation

@Z‘> , (7.24)
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orthogonal. Aus diesem Grund verschwindet der erste Beitrag des Wechselwirkungs-
potentials und die T-Matrix vereinfacht sich zu

(pi> . (7.25)

; A
f72 JR— P f
TlB - 27T2q2 <90

> 7
J

Zur Berechnung der Ubergangsamplitude miissen nun nur noch die gebundenen
Anfangszustinde |¢') und die Kontinuums-Endzustinde ’@f > bestimmt werden.
Dies ist nur im Falle des Wasserstoffatoms exakt moglich, wo der Anfangszustand
durch die Wellenfunktion des (1s)-Grundzustandes und der Endzustand durch ei-
ne Coulombwelle (der exakten Losung des Elektrons im Kontinuum des Coulomb-
Zentralpotentiales des Targetkerns, siehe [156]) gegeben ist. Der Anfangszustand
eines Mehrelektronensystems ist deutlich komplizierter und kann nur angenédhert
werden. Hierzu wird oft eine Wasserstoff- oder Hartree-Fock-Wellenfunktion (sie-
he etwa [178]) angenommen. Im Falle der Alkalimetalle, wie etwa Lithium, ist
diese Annahme sicherlich eine gute Naherung, im Falle des héufig verwendeten
Helium-Targets konnen aber durch diese Abschatzung Informationen iiber eventuelle
Elektronen-Korrelationen verloren gehen.

Der totale Wirkungsquerschnitt kann nun iiber

o o« |Ti)? (7.26)

bestimmt werden und dndert sich mit Z%, ist also unabhéingig vom Vorzeichen der
Projektilladung (in der ersten Bornschen Naherung).

Zweite Bornsche Naherung

Will man weitere Wechselwirkungen zwischen dem Projektil und Target beriicksich-
tigen, kann der zweite Term der Reihenentwicklung aus Gleichung 7.22 berticksich-
tigt werden, die Ubergangsmatrix dndert sich damit zu

75 =1l + Tl (7.27)
mit der zweiten Born-Amplitude

1

T = <@f‘VGiV Fopy

q>i> = lim <¢f‘v 1% ¢Z’> . (7.28)

Dabei tritt Hy im Nenner des Operators auf. Sofern |p, pp) der vollsténdige Satz
der Eigenfunktionen zu Hj ist, kann Gleichung 7.28 umgeformt werden in

: T\Viendp ) (ndp|V]6')
JXRT 3 - <¢ ‘ ’Spin> PnPpP
Ty = }g%;/d P E T E T EniiE (7.29)
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Hierbei tritt nun eine unendliche Summe auf, die angenahert werden muss. In der
sogenannten ,closure approximation® [184] wird hierbei fiir einen Zwischenzustand
|on, D) eine gemittelte Energie E, verwendet. Die Ubergangsamplitude in der zwei-
ten Bornschen Néherung ergibt sich schliellich zu

i ZoN\2 . B <¢f‘ZEF —Ir S (eiq* Tej | eiqa-fgj) LY (eiqg.f;ieiqq-fej) ‘¢f>
T = (272) lm dpp Jq%qg(E _E-E,—E} j_ ic) o ;
7.30

mit der Zwischenzustandsenergie des Projektils, Ep, und den in einer ersten und
zweiten Wechselwirkung tibertragenen Impulsen, ¢; und ¢3. In Gleichung 7.30 steht
der erste Term des Ubergangsmatrixelementes, Z2, fiir die Doppelstreuung des Pro-
jektils am Targetkern, welcher fir inelastische Stole verschwindet. Der zweite Term
beschreibt Stofle des Projektils mit dem j-ten Elektron und dem Targetkern, wah-
rend der letzte Term einer Wechselwirkung des Projektils zuerst mit dem ¢-ten und
anschliefend mit dem j-ten Elektron entspricht. Damit werden nun auch Kern-Kern
Wechselwirkungen in dieser Naherung berticksichtigt, fiir den Fall ¢+ = j konnen zu-
sitzlich PCI-Effekte in die Kalkulation der Wirkungsquerschnitte mit einbezogen
werden.
Der totale Wirkungsquerschnitt ergibt sich nun zu

oo [T+ TP = 00 Z2 + au 23 + a3 Z4 . (7.31)

Dabei entspricht der mittlere Term Interferenzeffekten zwischen Einfach- und Zwei-
fach-Wechselwirkungen des Projektils mit dem Target, wiahrend der erste und letzte
Term die reinen Wechselwirkungen erster und zweiter Ordnung darstellen.

Rechnungen mit gestorten Wellen

Die Bornsche Naherung beruht auf der Annahme, dass sich Projektil und Target
im Anfangs- und Endzustand nicht beeinflussen. Diese Annahme kann jedoch nur
gelten, wenn die Stérung durch das Projektil nicht zu grof§ ist und auch die Zeit-
spanne der Wechselwirkung gering bleibt, also solange n < 1. Bei grofleren Sto-
rungen hingegen verzerrt das langreichweitige Coulombpotential des Projektils die
Target-Zustande schon vor und auch nach dem Stofl und eine Bestimmung der Wir-
kungsquerschnitte tiber die Bornsche Néherung ist unzureichend, da diese nicht mehr
konvergiert. Um dieses Problem zu umgehen, konnen beispielsweise Rechnungen mit
gestorten Wellen durchgefiihrt werden, in denen die Entwicklung nach dem Para-
meter 7 = Zp/vp aus der Bornschen Néiherung durch ' = Zp/v% ersetzt wird und
damit bis zu deutlich héheren Storungen giiltig bleibt.

Hierbei wird der Hamiltonoperator des Gesamtsystems in einen ungestorten Anteil
und eine Storung aufgeteilt, die wiederum unterteilt wird:
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H=Hy+V =Hy+U+W (Anfangszustand) (7.32)
H=H+V' =H,+U +W' (Endzustand) '
Dabei stellen U") die sogenannten Distortions-Potentiale dar, die bereits das lang-
reichweitige Coulombpotential beinhalten, und W) die nun im Vergleich zur Born-
schen Néherung deutlich schwécheren Storpotentiale. Im Allgemeinen sind die Ope-
ratoren U und W nicht hermitesch. Ein Teil der eigentlichen Wechselwirkung zwi-
schen Projektil und Target wird damit in bereits , gestorten” Eigenfunktionen |y )
berticksichtigt. Diese Eigenfunktionen sind gegeben tiber die Schrédingergleichung

(Ho+U) Ix4) = Elxy)

7.33)
(Hy+ U [x) = Elx_) (
woraus sich das T-Matrix-Element tiber

T = (Wl ) + (v - e (7.34)

berechnen lédsst. Dabei ist der zweite Term in den meisten Fallen sehr gering und
kann vernachléssigt werden. Ausgehend von Gleichung 7.34 gibt es nun verschie-
denste theoretische Ansétze, die sich vor allem in der Aufspaltung der Potentiale
und damit durch die Wahl der gestorten Zustdande |x1) unterscheiden. Dabei kon-
nen einerseits die |y+) festgesetzt werden und so das Potential U bestimmt werden,
oder das Potential wird zuerst gewéhlt und daraus die gestorten Zustinde berechnet.

Eine hiufig verwendete Methode ist dabei die CDW-Néherung (aus dem Eng-
lischen, continuum distorted wave), die auf Arbeiten von Belki¢ [185] zuriickgeht.
Hierbei wird |y+) folgendermafien durch die ungestorten Zustédnde des Elektrons

o > ausgedriickt:

Xepw) =6 ) 1CW) (7.35)

Die Coulombwelle |[CW) stellt dabei die Wechselwirkung zwischen Projektil und
Elektron dar und verzerrt dessen ungestorte Zustande vor und nach dem Stof.
Es zeigte sich jedoch, dass die CDW-Néaherung gerade in Ionisationsexperimenten
deutliche Diskrepanzen zu den experimentell ermittelten Werten zeigte, die teilwei-
se deutlich grofler ausfielen als durch eine Bornsche Néherung. Als Grund wurden
Normierungsprobleme der Zustédnde |x+), vor allem des Anfangszustandes, ausge-
macht [186].

Eine Erweiterung dieses Ansatzes wurde 1983 von Crothers et al. [187] vorgeschla-
gen, in welcher der Endzustand zwar unverandert ibernommen wird, im Anfangs-
zustand jedoch die Coulombwelle durch eine Eikonalphase |EP) (siche etwa [30])
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ersetzt wird, die sogenannte CDW-EIS-Naherung. Gleichung 7.35 dndert sich damit
zu

‘Xf,CDW> = ‘¢f> [CW)

. 7.36
') |EP) . 730

i —
‘X+,CDW> -

Die Eikonalphase beschreibt dabei auch die Wechselwirkung zwischen Projektil
und Elektron und unterliegt denselben Randbedingungen, ist aber normierbar. Um
Streuquerschnitte mit Hilfe der CDW-EIS Theorie zu berechnen, werden auch hier
Néaherungen wie etwa ein effektives Targetpotential mit nur einem aktiven Elektron
verwendet.

Beriicksichtigung der Kern-Kern-Wechselwirkungen

In der CDW-EIS Theorie werden prinzipiell weiterhin Wechselwirkungen zwischen
dem Projektil und dem Targetkern ignoriert, die vor allem bei grofleren Stérungen si-
gnifikante Auswirkungen auf die differentiellen Wirkungsquerschnitte haben kénnen.
Um diese zu beriicksichtigen, konnen die Zustande |x4) durch sogenannte ,,Ansatz-
Wellenfunktion® [188] genahert werden. Hierbei wird der jeweilige Zustand durch
ein Produkt aus drei Zwei-Teilchen-Wellenfunktionen ausgedriickt, die jeweils den
Wechselwirkungen zwischen ionisierten Elektron und Targetrumpf, dem auslaufen-
den Projektil mit dem Targetrumpf, und dem Projektil und dem ionisierten Elektron
darstellen. Das Drei-Korper-Problem wird somit auf drei Zwei-Korper-Probleme re-
duziert. Da hier PCI-Effekte explizit berticksichtigt werden, verbessert dieser Ansatz
die Berechnung der Wirkungsquerschnitte meist sichtbar.

Dieses Prinzip wird etwa in der 3SDW-EIS-Theorie [52,64] (aus dem Englischen,
three distorted wave- eikonal initial state) angewandt, einer Erweiterung des Stan-
dard CDW-EIS-Prinzips. Der Teil der Wellenfunktion, der dabei der Kern-Kern-
Wechselwirkung entspricht, wird dabei durch eine Coulombwelle beziehungsweise
eine Eikonalphase beschrieben.

Auf derselben Methode baut auch die in dieser Arbeit haufig zum Vergleich der
experimentell ermittelten Ergebnisse verwendeten CDW-EIS-NN Theorie auf, in der
die Kern-Kern Wechselwirkung im Vergleich zur CDW-EIS Theorie explizit bertick-
sichtigt wird [15].

7.3. Nicht-perturbative Methoden

Die storungstheoretische Ermittlung der Zustande [¢) ist nur fir geniigend kleine
Storungsparameter 1 moglich, da ansonsten die Reihenentwicklung nicht oder nur
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langsam konvergiert. Durch die Methode der gestorten Zustinde lasst sich dies zwar
teilweise umgehen, aber auch hier miissen bei hohen Stérungen mehrere Glieder der
Storungsreihe aufwendig berechnet werden. Um dies zu vermeiden, konnen alter-
nativ nicht-perturbative, numerische Methoden wie die ,exterior complex scaling®-
Methode, (ECS, siehe hierzu [4,189]) oder Rechnungen mit gekoppelten Kanélen
zur Berechnung von |¢) angewandt werden.

Bei dieser Methode wird die zeitunabhangige Schrodingergleichung numerisch ge-
16st, indem eine Basisentwicklung des Zustandes W (7,7, t) durchgefiihrt wird. Der
Zustand des Gesamtsystems ist demnach eine Superposition aller ungestorten Zu-
stande des Targetelektrons

VE Rt = 3 [ £lt) - palF7). (7.37)

wobei 7 und 7, den Abstand von Projektil und Atomkern sowie des Elektrons vom
(zeitabhéangigen) Schwerpunkt des Systems angeben. Der iiber Gleichung 7.37 be-
stimmte Zustand des Systems wird dabei umso genauer, je mehr Basiszustédnde (oder
Kanéle) hierfiir verwendet werden. Aus der zeitunabhéngigen Schrodingergleichung
ergibt sich nun die gekoppelte-Kanal-Gleichung

H—i 0

igtfm = Xn:/ <<,0m 5 son> fa(t) - (7.38)

Es muss dabei tiber die diskreten, gebundenen Zustande summiert und iiber die Kon-
tinuumszustande integriert werden. Bei der numerischen Losung dieser Gleichung
fiihren die unendlichen Kontinuumszustiande, die hauptsichlich in Ionisationspro-
zessen von Bedeutung sind, dabei zu Problemen. Aus diesem Grund wurden die
Methode der gekoppelten Kanéle urspriinglich hauptséchlich auf Anregungsprozes-
se angewandt, in denen Kontinuumszustande vernachlassigt werden kénnen. Durch
die Verwendung von diskreten Pseudozusténden kann aber auch das Kontinuum
berticksichtigt und die gekoppelte Kanal-Rechnungen auf die Ionisation angewandt
werden.

Ein Beispiel dieser Methode ist die ,,convergent close coupling” (CCC) -Naherung,
in der die Zustande |p,) durch eine Laguerre-Basis ausgedriickt werden und das
Kontinuum durch diskrete Pseudozustinde aufgespannt wird. Die Qualitdat der so
berechneten Wirkungsquerschnitte kann nun von der Anzahl der verwendeten Pseu-
dozustdnde abhangen und liefert nur dann ein aussagekréftiges Ergebnis, solange die
Néaherung konvergiert. Dies kann durch eine Berechnung mit mehr Kanalfunktionen
iiberpriift werden.

Eine prinzipiell &hnliche Methode stellte McGovern et al. 2009 in ihrer ,impact
parameter coupled pseudostate approximation'(CP)-Theorie [190, 191] vor. Auch
hier werden gekoppelte Gleichungen gelost, die sich aus der Schrodingergleichung
und der Entwicklung der Eigenzustande nach den gebundenen und, im Kontinuum
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diskretisierten, Pseudozustdnden ergeben. Obwohl in dieser Naherung das Projektil
klassisch, d.h. im Stofiparameterbild, beschrieben wird, ist es auch hier méglich, die
Projektilstreuung zu berechnen und damit vollstandig differentielle Wirkungsquer-
schnitte zu extrahieren.

Dies wird etwa in [68] angewandt, um die Elektronenemission verschiedener Helium-
StoBsysteme zu berechnen. Ein Vergleich mit Wirkungsquerschnitten, welche iiber
die Bornsche Néherung oder mit dem 3DW-EIS-Modell berechnet wurden, zeig-
te eine gute Ubereinstimmung dieser vollig unterschiedlichen Methoden, sofern die
CP-Berechnung konvergierte [68,69].

Auch der sogenannte ,time dependent close-coupling approach® (TDCC, [70,78,
79,192]) konnte die in [13] gemessenen Ergebnisse der Stofionisation von Helium
erstaunlich gut reproduzieren, da sich hier ein Mehr-Elektronensystem explizit be-
riicksichtigen lasst. In der TDCC-Methode wird, anders als in den meisten nicht-
perturbativen Streutheorien, die zeitabhéngige (diskretisierte) Schrodingergleichung
gelost [193]. Hierdurch wird das Problem, geeignete Randbedingungen fiir die Bewe-
gung mehrerer Teilchen in einem Coulombfeld zu finden, umgangen und Prozesse,
die mehrere Elektronen involvieren, konnen detailliert berticksichtigt werden.
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Einfachionisation von Lithium durch
geladene Projektile

Gerade mit Blick auf die in Kapitel 1 beschriebenen, noch nicht geklarten Diskre-
panzen der stoflinduzierten Ionisationsquerschnitte fiir das Helium-Target, ist es von
Interesse, Einfliisse, die auf die elektronische Struktur des Targetatoms zuriickzufiih-
ren sind, genauer zu untersuchen. In den meisten theoretischen Modellen wird das
Target als ein effektives Ein-Elektronen-System behandelt, in dem das zweite Elek-
tron des Heliums nur beziiglich seiner abschirmenden Wirkung (z.B. im Rahmen
eines Hartree-Fock-Ansatzes [178]) berticksichtigt wird. Dabei werden potentielle
Einfliisse der Elektronenkorrelation auf die Dynamik der Reaktion vernachléssigt.

Die Verwendung eines Lithium-Targets bietet die einmalige Moglichkeit, die Stof3-
dynamik in einem zu Helium sehr verschiedenen elektronischen System zu untersu-
chen. Lithium besitzt im Grundzustand ein einzelnes Valenzelektron in der (2s)-
Schale, dessen Wechselwirkung mit den beiden Elektronen des (1s)-Zustandes deut-
lich geringer ausfallt als dies zwischen Elektronen derselben Schale der Fall ist. Eine
dem Helium dhnlich starke Korrelation kann jedoch fiir die beiden Elektronen der
K-Schale angenommen werden. Es ist daher sehr aufschlussreich, die unterschiedli-
chen Wirkungsquerschnitte fiir eine lonisation aus beiden Schalen zu untersuchen. In
den folgenden Kapiteln werden daher kinematisch vollstandige Untersuchungen zur
StoBionisation an einem Lithium-Target vorgestellt, die nicht nur einen bisher uner-
reichten Einblick in die zustands-selektive Ionisation ermoglichen, sondern bei denen
auch eine vormals nicht tibertroffene Auflésung realisiert werden konnte. Dabei wer-
den Ergebnisse prasentiert, die sich ebenfalls in den Veroffentlichungen [77,194,195]
finden lassen.
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8. Reaktionskanale der
Einfachionisation von Lithium

Die unterschiedlichen Ionisationspotentiale der Elektronen in den verschiedenen
Schalen des Lithiums erlauben es, Ionisationsprozesse aus diesen beiden Zustanden
zu separieren. Das lonisationspotential entspricht dem in Kapitel 6.1 definierten
Q-Wert, der aufgrund der Energie- und Impulserhaltung mit

Q=q vp— E (8.1)

angegeben werden kann. Dabei ist vp die Geschwindigkeit des Projektils, F, die kine-
tische Energie des Elektrons und ¢ der longitudinale Impulsiibertrag. ¢ beschreibt
damit die ,Inelastizitiat* des Stofles, da er den Verlust an kinetischer Energie des
Systems ausdriickt. In Abbildung 8.1 in der unteren Graphik ist die Anzahl der
gemessenen Ereignisse iiber ebendiesem ()-Wert aufgetragen. Es treten zwei gut ge-
trennte Maxima bei —65eV und —5.4 eV auf, die den Ionisationspotentialen der bei-
den n = 1,2 -Schalen entsprechen. Es ist also moglich, anhand der unterschiedlichen
()-Werte die Ionisation eines Innerschalen- und eines Valenzelektrons zu unterschei-
den. Aufgrund des niedrigeren lonisationspotentials ist der Ionisationsquerschnitt
aus dem (2s)-Zustand erheblich hoher als die Ionisation aus der K-Schale.

Der Wirkungsquerschnitt der Ionisation ist in Abbildung 8.1 ebenfalls als Funktion
des ()-Wertes und des Projektilstreuwinkels 0p dargestellt, wie in der oberen Graphik
zu sehen ist. Die Richtungsinderung 6p des Projektils ist im Allgemeinen gering und
wird aus diesem Grund nicht direkt gemessen, sondern aus dem Impulsiibertrag der
Reaktion iiber

Op ~ q. /D) (8.2)

bestimmt (siehe hierzu Kapitel 6.1). Dabei stellt ¢, = pr 1 + pe,. den transversa-
len Impulsiibertrag und p% den urspriinglichen Projektilimpuls dar. Da die relative
Impulsinderung der zuvor ruhenden Targetfragmente deutlich grofler als die relati-
ve Anderung der Projektilflugbahn ist, lassen sich somit Abweichungen von unter
einem prad auflosen. Die Breite der in Abb. 8.1 dargestellten Wirkungsquerschnitte
ist somit nicht durch die Auflésung gegeben, sondern auf die intrinsische quanten-
mechanische Impulsverteilung zuriickzufiithren.

Um die Unterschiede zwischen der (1s)- und (2s)-Ionisation zu untersuchen, wur-
den die einfach differentiellen Wirkungsquerschnitte do/dE, der beiden Reaktions-
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Abbildung 8.1.: Wirkungsquerschnitt der Einfachionisation von 1.5 MeV /u O*+ Li
als Funktion des ()-Wertes und des Projektilstreuwinkels.
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Abbildung 8.2.: Experimentell und mit Hilfe der CDW-EIS-Theorie berechnete ein-
fach differentielle Wirkungsquerschnitte do/dFE, fiir Ionisationen
aus dem (2s)- (in dunkelblau bzw. durch geschlossene Kreise darge-
stellt) und (1s)- (in magenta, offene Kreise, dargestellt) Zustand.

kanéle iiber der kinetischen Energie der Elektronen in einem doppelt logarithmischen
Diagramm aufgetragen (siehe Abbildung 8.2). Ionisationen aus der Valenzschale sind
dabei in blau dargestellt, wahrend Ereignisse, deren )-Wert bei —65eV lag, magen-
tafarben abgebildet sind. Eine theoretische Berechnung der Wirkungsquerschnitte,
die auf der CDW-EIS-Theorie (siche [15] sowie Kapitel 7.2 dieser Arbeit) beruht, ist
ebenfalls fiir Ionisation aus dem (1s)- (gestrichelte Linie) und (2s)- (durchgezogene
Linie) Zustand eingezeichnet. Das verwendete theoretische Modell beruht auf einer
storungstheoretischen Beschreibung des Systems und wird in Kapitel 7.2 vorgestellt.
Dabei wird ein Ein-Elektronen-Hartree-Fock-Zustand des Targets verwendet [178].

In Experimenten mit Reaktionsmikroskopen ist es nicht méglich, totale Wirkungs-
querschnitte zu messen, da spezifische experimentelle Eigenschaften wie Targetdich-
te, Projektilstrom und Detektoreffizienz in aller Regel nicht mit ausreichender Ge-
nauigkeit bekannt sind. Aus diesem Grund werden die experimentellen Daten mit
einem im Prinzip frei wahlbaren Faktor auf die theoretischen Kurven normiert. In
den hier gezeigten Graphen wurde die Normierung anhand des Wirkungsquerschnit-
tes fiir die (2s)-Ionisation bei der Elektronenenergie £, = 0eV vorgenommen.

Die hier untersuchten Wirkungsquerschnitte liegen im Bereich E, < 20eV. Der
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8. Reaktionskanéle der Einfachionisation von Lithium

bei beiden Messkurven zu beobachtende schnellere Abfall der Wirkungsquerschnitte
bei groBeren Energien E, > 20eV liegt an der beschrénkten transversalen Impuls-
Akzeptanz des Spektrometers. Bei hohen Energien werden nicht mehr alle Ereignisse
auf dem Detektor abgebildet und der Wirkungsquerschnitt zeigt einen schnelleren
Abfall. Dieser Bereich ist in Graphik 8.2 schraffiert dargestellt. Fiir Elektronen, die
entgegengesetzt zur Extraktionsrichtung emittiert werden, ist dieser Akzeptanzbe-
reich noch weiter eingeschréankt und liegt bei F, > 9eV. Die Storung des hier be-
trachteten Systems ist mit n = 1.03 jedoch so grof}, dass die Emission der Elektronen
in die riickwértige Richtung aufgrund der PCI (siehe Kapitel 6.2) stark unterdriickt
wird und hier vernachlassigt werden kann.

Ein Vergleich der experimentellen Daten mit der Theorie zur Ionisation aus der Va-
lenzschale ergibt eine quantitativ relativ gute Ubereinstimmung der beiden Kurven.
Es fallt allerdings auf, dass auch bei Elektronenenergien F, < 20eV die gemessenen
Wirkungsquerschnitte mit zunehmender Elektronenenergie leicht schneller abfallen
als dies von der Theorie vorausgesagt wird. Ein moglicher Grund hierfiir liegt in der
Extraktion der Energien aus den gemessenen Flugzeitspektren. Hierbei treten Sin-
gularitidten (an den Positionen der sogenannten ,Wiggles“, sieche Kapitel 3.4) in den
ermittelten Spektren auf, an denen eine korrekte Impulsbestimmung nicht moglich
ist. Diese Abschnitte werden aus den ermittelten Daten vor der Impulsrekonstruktion
herausgenommen. Da der Einfluss dieser Abschnitte mit zunehmender Elektronen-
energie ansteigt, ist dies ein moglicher Grund fiir den subjektiv schnelleren Abfall
der experimentellen Wirkungsquerschnitte.

Die theoretischen und experimentellen Ergebnisse der (1s)-lonisation (in Abb.
8.2 magenta dargestellt) zeigen jedoch deutliche Diskrepanzen vor allem bei kleinen
Elektronenenergien, wobei der experimentelle Wirkungsquerschnitt deutlich hoher
liegt. Dabei ist jedoch zu berticksichtigen, dass eine Messung der Targetfragmente
keine Aussage iiber den Ablauf der Reaktion erlaubt, sondern nur tiber den Endzu-
stand selbst. Die in Abbildung 8.2 in magenta dargestellten Ereignisse konnen daher
Reaktionen zugeordnet werden, deren Riickstofionen sich in einem angeregten Lil*-
Zustand befinden und deren Anderung der Bindungsenergie —65¢eV entspricht. Es
gibt jedoch prinzipiell zwei Prozesse, die zu diesem Endzustand fithren kénnen: Der
einfachste Prozess ist die direkte Ionisation eines Innerschalen-Elektrons durch die
Wechselwirkung mit dem Projektil. Das Valenzelektron nimmt in diesem Fall die
Rolle eines unbeteiligten Zuschauers ein und beeinflusst den ermittelten Wirkungs-
querschnitt nicht direkt (siehe auch [196]). Dieser Prozess ist in Abbildung 8.3 (a)
schematisch dargestellt und wird auch in dem hier verwendeten theoretischen Modell
berticksichtigt.

Ein weiterer Reaktionskanal ist die Anregung eines K-Schalen-Elektrons in ein
hoheres Niveau. Durch die hierbei auftretenden kleinen StoBparameter (das heifit
nahe Stofe) ist diese Anregung héufig begleitet von einer simultanen Einfachioni-
sation und tragt zu dem hier betrachteten Wirkungsquerschnitt bei. Dieser Prozess
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Abbildung 8.3.: Schematische Darstellung moglicher Reaktionskanéle, die zu einem
angeregten LiT-Endzustand fiithren.

ist in Abbildung 8.3 (b) dargestellt und wird in der CDW-EIS-Theorie nicht bertick-
sichtigt. Aufgrund der beobachteten Diskrepanzen liegt die Vermutung nahe, dass
dieser Prozess der simultanen Anregung und Ionisation die Elektronenemission bei
kleinen Energien dominiert.

Dieser Effekt wurde bereits 1999 mit Hilfe der Elektronen-Spektroskopie beobach-
tet [197], indem die Entleerung der K-Schale des Lithium-Atoms durch 95 MeV /u
Ar'8*t_Tonen untersucht wurde. Dabei blieb das Targetatom in einem angeregten Li-
Zustand zuriick. Auch hier konnte eine gleichzeitige Anregung und Ionisation des
Targets als der dominante Beitrag des Prozesses bestimmt werden. Unabhéngig von
diesem spezifischen StoBsystem wurde die Ionisation und Anregung auch in Stofire-
aktionen von Elektronen mit einem Helium-Target beobachtet [198,199] und durch
entsprechende Theorien [200,201] bestatigt. In einem Helium-Atom befinden sich
beide Elektronen in derselben Schale und der Prozess der simultanen Ionisation und
Anregung ist daher deutlich durch die Korrelation der beiden Elektronen gepragt. In
der hier untersuchten Reaktion kann aber vermutet werden, dass der Wirkungsquer-
schnitt der Einfachionisation bei kleinen Elektronenenergien durch zwei voneinan-
der unabhangige Wechselwirkungen des Projektils mit dem Targetsystem dominiert
wird, da einerseits die Korrelation der Elektronen im Lithium erheblich schwécher
ist als fiir Helium, und andererseits die Storung in dem untersuchten Stofisystem so
grof} ist, dass Beitrage hoherer Ordnung erheblich mehr beitragen.

Dies eroffnet einige interessante Einsichten in die Dynamik von Elektronen-Emis-
sions-Prozessen: Bei der Untersuchung der Ionisation eines Valenzelektrons limitiert
der Anregungsprozess diese Reaktion auf kleine Stoflparameter, beeinflusst aber da-
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von abgesehen den Wirkungsquerschnitt der Stoflionisation in erster Naherung nicht
weiter. Es ist daher moglich, aus der Emissionscharakteristik der Elektronen eine
Aussage tiber die Abhangigkeit des Wirkungsquerschnittes von der Grofie des Stof3-
parameters zu machen, eine dem Experiment nicht explizit zugdngliche Messgrofle.

Zudem ist es tiber diesen Reaktionskanal moglich, die Anregung eines Elektrons
in einem Reaktionsmikroskop detailliert zu untersuchen, indem die Emission des
schwécher gebundenen Elektrons als eine Art ,,Marker* fiir diesen Prozess verwendet
wird. Bislang waren differentielle Streuquerschnitte fiir Anregungsprozesse durch
geladene Projektile nur fiir sehr geringe Projektilenergien méglich, da die Anderung
des Projektilimpulses ohne die Messung der Targetfragmente nur schwer moglich
ist [11].
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2p-lonisation

Mehrfach differentielle Wirkungsquerschnitte erlauben es, die Dynamik des Systems
in Hinblick auf verschiedenste Parameter zu untersuchen. In diesem Kapitel werden
doppelt differentielle Wirkungsquerschnitte (DDCS) der Ionisation von Lithium als
Funktion der Elektronenenergie und des transversalen Impulsiibertrags vorgestellt.
Dabei ist es nicht nur moglich, zwischen Prozessen aus unterschiedlichen Elektro-
nenschalen zu unterscheiden (wie dies im vorangegangenen Kapitel gezeigt wurde),
sondern sogar Prozesse unterschiedlicher Bahndrehimpulse aufzulésen. Es zeigt sich
eine deutliche Zustandsabhédngigkeit der beobachteten Wirkungsquerschnitte, die
auch in theoretischen Modellen wiedergefunden wird.

Um die Abhangigkeit der Dynamik von der Stérung des Systems zu untersuchen,
wurden hierbei neben der Ionisation durch 1.5MeV /u O%"-Tonen zusitzlich 6 MeV
Protonen als Projektil verwendet, was Stérungsparametern von n = 1.03 (O®") bzw.
n = 0.06 (p*) entspricht.

Ein Lithium-Atom im Grundzustand hat die Elektronenkonfiguration Li(1s%2s).
Da sich die Atome in der magneto-optischen Falle in einem Laserfeld befinden, wel-
ches den Ubergang des Valenzelektrons in den Li(1s*2p) Zustand induziert, befindet
sich zu jedem Zeitpunkt ein Teil der Atome in dem angeregten (2p)-Zustand. Wéh-
rend jedoch Ionisationsprozesse aus verschiedenen n-Zustanden durch einen deutlich
anderen ()-Wert unterschieden werden konnen, betragt die Differenz des Ionisati-
onspotentials zwischen dem Li(2s)- und Li(2p)-Zustand 1.9 eV und kann in unserem
Experiment nicht aufgelost werden. Um diese Zustande zu trennen, muss daher ein
anderer Weg beschritten werden.

Wie bereits in Kapitel 4.5 berichtet, wird im Verlauf einer Messung das Magnetfeld
der Atomfalle periodisch geschaltet. Der zur Anregung der Atome notwendige Laser
wird im Allgemeinen nicht ausgeschaltet, um eine bessere Wiedereinfangrate der
Atome zu gewdhrleisten. Um eine Auflosung der beiden Unterzustédnde des Lithiums
zu ermoglichen, wird der Kiihlstrahl jedoch wiahrend der Datenaufnahme fiir 200 ps
ausgeschaltet. Aufgrund der sehr kurzen Lebensdauer des angeregten Zustandes von
27 ns befinden sich in dieser Zeitspanne alle Atome im (2s)-Grundzustand. Vor und
nach dieser ,Dunkelperiode® befindet sich eine bestimmte Anzahl p.. der Atome
im angeregten Zustand, abhéngig von der Intensitat und Verstimmung der Laser.
Der relative Wirkungsquerschnitt der Ionisation aus dem (2p)-Zustand kann nun
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Abbildung 9.1.: Anzahl der gemessenen Ereignisse aufgetragen als Funktion der Zeit
nach Abschalten des MOT-Magnetfeldes. Zum Zeitpunkt ¢ = 800 s
wurde der Kiihllaser fiir 200 ps ausgeschaltet und es befinden sich
alle Atome im Grundzustand (grau hinterlegte Zeitspanne). Auf-
grund des geringeren Wirkungsquerschnitts der (2s)- im Vergleich
zur (2p)-lonisation sinkt die Rate in dieser Zeitspanne sichtbar ab.
Die Abweichung der Verteilung vom theoretischen Stufenverlauf
ist vor allem auf die recht lange Totzeit des Datenaufnahmesys-
tems (etwa 150 1s) und die in dieser Messreihe hohe Koinzidenzrate
zuriickzufiihren.

iiber die Differenz der Anzahl der Events wahrend einer ,hellen® Phase (N,,) und
der Anzahl der beobachteten Ereignisse wahrend der Dunkelphase (Ngys) bestimmt
werden,

N2p = pl[Nan - (1 - pee)Naus} (91)
wobei Ny, die Anzahl der Atome im (2p)-Zustand ist.

Aus der Anderung der Rate withrend der Phasen mit und ohne Laserlicht (sie-
he Abbildung 9.1), sowie unter Berticksichtigung der theoretischen Wirkungsquer-
schnitte fiir beide Zustédnde, konnte der Anteil p.. der Atome im angeregten (2p)-
Zustand mit etwa 20 + 5% bestimmt werden. In Kapitel 4.1 wird eine Abschétzung
der Besetzungswahrscheinlichkeit eines angeregten Zustandes tiber

. 80/2
Lo+ (20/7)2
definiert, wobei sy = [/I, die Intensitiat des Kiihllasers im Verhéltnis zur Satti-

gungsintensitét ist, 0 die Rotverschiebung der Laser und ~ die inverse Lebensdauer
des Systems definiert. Mit den wihrend dieser Messzeit verwendeten Werten (siehe

Pee (9.2)
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Abbildung 9.2.: DDCS fiir die Einfachionisation von Li(2s) (obere Reihe) und Li(2p)
(untere Reihe) durch 6 MeV pt-Projektile als Funktion des trans-
versalem Impulsiibertrags ¢, fiir verschiedene Elektronenenergien
E.. Zum Vergleich sind theoretische Kurven (durchgehende Linien)
der CDW-EIS Theorie eingezeichnet.

hierzu Tabelle 4.3) ergibt sich eine Besetzung von 19% des (2p)-Zustandes und be-
stétigt die oben genannte Abschétzung hervorragend.

In Abbildung 9.2 sind die doppelt differentiellen Wirkungsquerschnitte fir die
Reaktion 6 MeV p*+ Li als Funktion des transversalen Impulsiibertrags ¢, darge-
stellt. Dabei werden die Ionisationen aus dem (2s)-Grundzustand und dem (2p)-
angeregten Zustand fiir Elektronenenergien von jeweils 2eV, 10eV und 20eV vergli-
chen. Zusétzlich sind in Abb. 9.2 die mit Hilfe der CDW-EIS-Theorie berechneten
Wirkungsquerschnitte eingetragen. Fiir die sehr kleine Storung dieses Systems von
1n = 0.06 ergibt eine Beriicksichtigung der Kern-Kern-Wechselwirkung im theoreti-
schen Modell in dem hier gezeigten Impulsbereich keine sichtbare Abweichung und
ist daher nicht eingezeichnet. Eine Normalisierung der experimentellen Daten wurde
fir die Ionisation des (2s)-Zustandes bei ¢, =0.65a.u. und E, = 2eV vorgenommen
und fiir alle weiteren Wirkungsquerschnitte iibernommen.

Aufgrund der geringen Storung des Systems bietet diese Reaktion eine gute Mog-
lichkeit, Messungen an einem Lithium-Target mit Untersuchungen anderer Target-
systeme zu vergleichen (siehe etwa [13,46]). Mit Ausnahme der Daten fiir 2 eV lésst
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sich in Abbildung 9.2 ein ausgepriagtes Maximum bei mittleren Impulsiibertrigen
beobachten. Dieser sogenannte ,Bethe-Grad®“ liegt etwa in dem Bereich, in dem
der Impuls des Elektrons v/2E, dem Impulsiibertrag des Gesamtsystems entspricht
und wird deshalb als die Signatur von bindren Stoflen zwischen Projektil und Tar-
getelektron gedeutet. Der Einfluss dieses Zwei-Korper-Prozesses auf den Wirkungs-
querschnitt wurde bereits in [196] beobachtet.

In den hier vorgestellten Daten lisst sich generell eine relativ gute Ubereinstim-
mung der Messwerte mit den durch das CDW-EIS-Modell berechneten Wirkungs-
querschnitten feststellen, sowohl fiir Ionisation aus dem (2s)- als auch aus dem (2p)-
Zustand. Allein die Daten fir sehr kleine Impulsiibertriage (¢; < 0.5a.u.) und bei
geringen Elektronenenergien weichen etwas von den theoretischen Kurven ab. Da
die Messwerte gut den theoretisch ermittelten Querschnitten der (2p)-Tonisation ent-
sprechen, bestatigt dies die Extraktion dieser Daten aus den gesamten Messdaten
durch die oben vorgestellte Subtraktion.

Vergleicht man die gewonnenen Daten der Ionisationen aus beiden Unterschalen,
lasst sich ein Einfluss des Anfangszustandes auf die ermittelten Wirkungsquerschnit-
te gut erkennen, der sich sowohl auf die Grofe als auch auf die Form des Querschnitts
auswirkt. Die Lage des Maximums der DDCS ist etwa fiir die Ionisation aus dem
(2p)-Zustand zu leicht kleineren Impulsiibertragen verschoben. Dieser Einfluss des
Anfangszustands wird auch von der Theorie wiedergegeben, so weichen etwa die Wir-
kungsquerschnitte der beiden Zustéande fiir kleine Impulstibertrége bei einer Energie
von 20 eV deutlich voneinander ab, im Falle der (2p)-Ionisation werden hier um den
Faktor 10 kleinere DDCS vorhergesagt als dies fiir die Ionisation aus dem Grundzu-
stand der Fall ist. Experimentell bestétigt sich dies und fiir Impulstibertrége kleiner
als ¢, < 0.5a.u. konnten aufgrund der geringen Wirkungsquerschnitte keine Daten
mehr registriert werden.

In Abbildung 9.3 sind DDCS fiir die Stofiionisation von Lithium durch 1.5 MeV /u
O3¥*F-Projektile als Funktion des Impulsiibertrags dargestellt. Die experimentellen
und theoretischen Streuquerschnitte wurden wiederum fiir die Ionisation des (2s)-
Zustandes bei ¢; = 0.65a.u. und E, = 2eV aufeinander normiert.

Aufgrund der deutlich hoheren Stérung dieses Systems von 17 = 1.03 unterscheiden
sich die Ergebnisse verschiedener theoretischer Modelle erheblich. Beim CDW-EIS-
NN-Modell wird die Kern-Kern-Wechselwirkung explizit quantenmechanisch bertick-
sichtigt [15]. Beim CDW-EIS-CLNN-Modell hingegen wird diese Wechselwirkung
des Projektils mit dem Targetatom mit Hilfe der klassischen Streutheorie durch eine
Faltung berticksichtigt. Dieses Modell wird etwa in [67] vorgestellt. Wie bereits in
Kapitel 1 berichtet, fiihrt diese quantenmechanisch nicht korrekte Betrachtung des
Stofsystems im Allgemeinen zu einer besseren Ubereinstimmung der so ermittelten
differentiellen Wirkungsquerschnitte mit experimentellen Daten fiir die Stoflionisati-
on von Helium. Dieses prinzipiell iiberraschende Ergebnis wurde durch den Einflusses
der endlichen Kohérenzlange des Projektils durch Egodapitiya et al. in [81] auf die
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Abbildung 9.3.: DDCS fiir Einfachionisation von Li(2s) (obere Reihe) und Li(2p)
(untere Reihe) durch 1.5MeV/u O®"-Projektile als Funktion des
transversalem Impulsiibertrags fiir verschiedene Elektronenenergi-
en. Durchgezogene Linie: CDW-EIS; gestrichelte Linie: CDW-EIS-
NN; gepunktete Linie: CDW-EIS-CLNN.

ermittelten Wirkungsquerschnitte begriindet. Je nach Kohérenzlange des Projektils
eignen sich vollstandig quantenmechanische oder klassische Betrachtungen dieser
Kern-Kern-Wechselwirkung zur Reproduktion der Wirkungsquerschnitte.

Im Gegensatz zu dem System mit kleinerer Storung scheint die CDW-EIS-Theorie
hier generell keine gute Ubereinstimmung mit den experimentell ermittelten Daten
zu erreichen. Das durch die effektiven Zwei-Koérper-Stofe hervorgerufene Maximum
ist zwar weiterhin zu sehen, ist aber deutlich schwicher ausgepragt als dies in Ab-
bildung 9.2 der Fall ist. Dies ist nicht iiberraschend, da Systeme hoherer Storung
die Wahrscheinlichkeit zusatzlicher Wechselwirkungen des Projektils mit dem Target
erh6hen. Diese Effekte hoherer Ordnung reduzieren nun die klare Ausbildung eines
Maximums. Es lassen sich jedoch auch in den Daten zur O®*-Stofionisation erkenn-
bare Unterschiede der Anfangszustiande, vor allem bei kleinen Impulsiibertrigen,
erkennen.

Bei der Betrachtung der (2p)-lonisation fithrt die Berticksichtigung der Kern-
Kern-Wechselwirkung innerhalb der CDW-EIS-NN-Theorie zu einer deutlichen Ver-
besserung der theoretischen Wirkungsquerschnitte. Dies ist insbesondere fiir klei-
ne Impulstbertridge zu beobachten, bei denen im Allgemeinen ein weniger starker
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9. StoBdynamik der 1s, 2s und 2p-Ionisation

Einfluss von Wechselwirkungen hoherer Ordnung erwartet wird. Die halb-klassische
Theorie der CWD-EIS-CLNN wiederum erreicht eine gute Ubereinstimmung mit den
Messdaten fiir mittlere bis grofle Impulsiibertrage, fithrt aber zu einigen Diskrepan-
zen fir Werte von ¢, < 0.5a.u.. Eine dhnliche Abhéngigkeit der DDCS konnte auch
beispielsweise fiir ein p™ + H-Stofisystem in [85] gefunden werden. Beide Theorien
geben die experimentell ermittelten Daten fiir grole Impulsiibertrage, bei denen ein
grofer Einfluss der Kern-Kern-Wechselwirkung zu erwarten ist, gut wieder. Dies und
die Tatsache, dass bei hoheren Elektronenenergien die CWD-EIS-CLNN-Theorie die
Messwerte etwas besser reproduzieren kann, legt die Vermutung nahe, dass sich die
Kern-Kern-Wechselwirkung im Falle der (2p)-Tonisation klassisch verhélt.

Fir die Ionisation aus dem (2s)-Grundzustand féllt ein Vergleich der Theorie
mit den Messwerten deutlich erntichternder aus. Mit Ausnahme der Region um das
Maximum der DDCS herum, verschwindet die Ubereinstimmung der Daten wei-
testgehend, vor allem bei hohen Impulsiibertridgen. Selbst die CWD-EIS-NN und
CWD-EIS-CLNN-Theorien tiberschatzen die gemessenen Wirkungsquerschnitte um
das bis zu Zehnfache. Ein dhnliches Phdnomen wurde bereits in einem 3.6 MeV /u
Au*T+He -StoBsystem in [46] beobachtet. Hierbei ist zusétzlich bemerkenswert,
dass der Entwicklungsparameter der Storungsreihe der CDW-Theorie, 7' = Z,/v3,
im Falle der Au®**-Projektile 0.38 betrug und damit eine Abweichung fiir hohe
Impulsiibertrige auch auf die abnehmende Konvergenz dieser Entwicklung zurtick-
zufithren sein konnte. In dem hier betrachteten System betrdagt ' = 0.13 und liegt
daher gut innerhalb der Giiltigkeit dieser Entwicklung. Es ist daher iiberraschend,
dass die Ubereinstimmung in diesem System nicht besser ist.

Im Falle des halb-klassischen CDW-EIS-CLNN Modells lassen sich grofie Diskre-
panzen in den betrachteten Wirkungsquerschnitten vor allem bei kleinen Elektro-
nenenergien finden. Diese reduzieren sich allerdings im Gegensatz zu dem CDW-EIS-
NN Modell fiir steigende E,. Bei 20 €V ist eine zufriedenstellende Ubereinstimmung
mit den experimentellen Daten zu finden. Fir kleine Elektronenenergien scheint die
Kern-Kern-Wechselwirkung in der (2s)-Ionisation aber nicht nach klassischen Ge-
setzmaBigkeiten zu verlaufen.

Eine Erklarung dieser Diskrepanzen zwischen verschiedenen Anfangszustdnden
lasst sich nur schwer finden. Zwar gibt es prinzipielle Unterschiede zwischen diesen
beiden Zustanden wie etwa eine gednderte Bindungsenergie oder eine unterschiedli-
che Impulsverteilung der Elektronen im Anfangszustand, es fillt jedoch schwer, die
beobachteten Effekte darauf zuriickzufiihren.

In Abbildung 9.4 sind die doppelt differentiellen Wirkungsquerschnitte fiir Ioni-
sationen mit einem @Q-Wert von 65eV aufgetragen, die zu einem angeregten Li*
im Endzustand fithren. Die zum Vergleich aufgezeigten theoretischen Wirkungs-
querschnitte sind, wie bereits im vorangegangene Kapitel erwéhnt, fiir eine direkte
Ionisation des (1s)-Zustandes berechnet. Es fallt auf, dass die Berticksichtigung der
Kern-Kern-Wechselwirkung im Falle der O%"-Projektile einen deutlichen Effekt auf
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Abbildung 9.4.: DDCS eines gleichzeitigen Anregungs- und lonisationsprozesses von
Lithium durch (a) 6 MeV p* und (b) 1.5 MeV /u O%*-Ionen fiir Elek-
tronenenergien von 2eV, 10eV und 20eV. Durchgezogene Linien:
CDW-EIS; gestrichelte Linien: CDW-EIS-NN.

die theoretischen Wirkungsquerschnitte ausiibt, der den Einfluss derselben auf die
Streuquerschnitte der (2s)- und (2p)-lonisation sogar noch iibertrifft. Der Grund
hierfiir liegt in der Tatsache, dass die Ionisation eines Innerschalenelektrons bei
deutlich geringeren Stofiparametern stattfindet und der Einfluss der Kern-Kern-
Wechselwirkung deshalb ansteigt.

Zudem nimmt der theoretische Wirkungsquerschnitt fiir abnehmende Elektronen-
energien im Verhéaltnis zu den experimentell ermittelten Werten unverhéaltnismafBig
stark zu. In Abbildung 9.4 wurden verschiedene Skalierungsfaktoren auf die unter-
schiedlichen Elektronenenergien angewandt, der Wert des jeweiligen Faktors ist in
der Graphik angegeben. Trotzdem bleiben einige qualitative Unterschiede zwischen
experimentellen und theoretischen Wirkungsquerschnitten bestehen. Diese Abwei-
chungen weisen wiederum darauf hin, dass der hier auftretende Reaktionskanal nicht
allein die direkte Ionisation des Innerschalen-Elektrons ist, sondern dass eine An-
regung des (1s)-Elektrons mit der simultanen Ionisation eines Valenzelektrons bei-
tragt. Im Allgemeinen fiihrt eine Ionisation aus der (1s)-Schale zu durchschnittlich
héheren Elektronenenergien als dies fiir eine Ionisation der Valenzschale der Fall ist.
Es kann daher erwartet werden, dass der Beitrag der direkten (1s)-Ionisation mit
zunehmender Elektronenenergie ansteigt. Dies lasst sich durch einen fiir grofiere F,
abnehmenden Skalierungsfaktor in Abbildung 9.4 nachvollziehen. Zumindest im Fal-
le der Ionisation durch Protonen gleichen sich daher experimentelle und theoretische
Wirkungsquerschnitte fiir Energien von 20 eV an.

Um diesen Abweichungen auf den Grund zu gehen, werden im folgenden Kapitel
vollstandig differentielle Wirkungsquerschnitte der hier behandelten Stofsysteme
vorgestellt.
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10. Vollstandig differentielle
Wirkungsquerschnitte: Ein
detailliertes Bild der
Anfangszustandsabhangigkeit

Den tiefsten Einblick in die Dynamik einer Stoffireaktion bieten vollstandig differen-
tielle Wirkungsquerschnitte (FDCS), in denen die Emissionscharakteristik der ioni-
sierten Elektronen nicht nur in Abhéngigkeit der Energie und des Impulsiibertrags,
sondern auch in Bezug auf den Emissionswinkel untersucht wird. Die Darstellung
dieser FDCS erfolgt beispielsweise tiber eine dreidimensionale Graphik, wie in Ka-
pitel 6.3 vorgestellt. Dabei konnen die Wirkungsquerschnitte fiir jeweils feste Werte
von E. und ¢, in Abhéngigkeit des azimutalen, ¢., und polaren, 9., Winkels dar-
gestellt werden. Dies eroffnet die Moglichkeit, Effekte zu untersuchen, die in DDCS
aufgrund der Integration tiber den gesamten Raumwinkel nicht sichtbar werden.

In Abbildung 10.1 (a) ist die Winkelverteilung der emittierten Elektronen fir
eine Stofionisation des (2s)-Grundzustands durch 6 MeV p*-Projektile dargestellt.
Vergleicht man diese mit typischen Emissionsspekten eines Helium-Targets (wie bei-
spielsweise in Abbildung 6.3 dargestellt), fallt als erstes die vollige Abwesenheit des
Recoil-Peaks in Richtung des negativen Impulsiibertags —¢ auf. Grund hierfiir ist
das deutlich kleinere Ionisationspotential von Lithium von 5.4eV (im Vergleich zu
Ip(He) = 24.6¢V). Die fir die Auspriagung des Recoilpeaks wichtige Wechselwir-
kung zwischen dem Elektron und dem Atomrumpf ist im Falle von Lithium im
Anfangszustand also schwécher.

Die Emission des verhaltnismafig schwach gebundenen Elektrons ist daher haupt-
sachlich in Richtung des Impulsiibertrags zu beobachten. Die Verteilung der Elek-
tronenemission ist fiir den Lithium-Grundzustand, wie dies auch bei Helium zu
beobachten ist, spiegelsymmetrisch beziiglich der Streuebene, die durch die Flug-
richtung des Projektils sowie die Richtung des Impulsiibertrags bestimmt wird. Dies
ist bei einer isotropen Verteilung der Elektronen-Aufenthaltswahrscheinlichkeit im
Atom zu erwarten. Die Breite dieser Verteilung ist ebenfalls aufgrund des geringeren
Ionisationspotentials deutlich schmaler als bei einem Helium-Target.

Geht man nun zu lonisationsprozessen aus dem (2p)-Zustand, wire zu vermu-
ten, dass die Emissionscharakteristik aufgrund des zusétzlich reduzierten Ionisati-
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10. FDCS: Ein detailliertes Bild der Anfangszustandsabhédngigkeit

(a) (b)

Abbildung 10.1.: Dreidimensionale, vollstandig differentielle Wirkungsquerschnitte
fir Ionisation von (a) Li(2s) und (b) Li(2p) durch 6MeV pt-
Projektile fir £, = 6.5eV und ¢, = 0.75a.u.. Der Farbverlauf
entspricht dabei der Intensitét.

onspotentials eine nochmals schmalere aber ansonsten symmetrische Verteilung um
q aufweist. Betrachtet man die gemessenen Wirkungsquerschnitte dieser Reaktion
(Abbildung 10.1 (b)), bietet sich jedoch ein vollig anderes Bild. Die Winkelverteilung
der Elektronen ist deutlich breiter als dies fiir eine Ionisation aus dem (2s)-Zustand
der Fall ist, dariiber hinaus lasst sich auch eine deutliche Asymmetrie beziiglich der
Streuebene feststellen.

Diese Symmetriebrechung ist auf eine spezifische Eigenschaft der Target-Prapa-
ration zuriickzufithren. Es wurde bereits erwahnt, dass zum Zeitpunkt dieser Mes-
sung etwa 20 % aller Atome im angeregten Zustand zu finden sind. Aufgrund des vor-
handenen magnetischen Feldes des Reaktionsmikroskops kommt es zu einer Zeeman-
Aufspaltung der magnetischen Unterzustiande proportional zur Magnetfeldstiarke B.
Dabei werden Zusténde mit einer negativen Magnetquantenzahl m; zu geringeren
Energien verschoben, Zustdnde mit m; > 0 zu hoheren. Dementsprechend spaltet
der angeregte (2%Ps/5) -Zustand (unter Vernachlassigung der Hyperfeinstruktur, ei-
ne Abschétzung die nur bedingt gerechtfertigt ist, siehe hierzu Kapitel 4.6) in drei
Unterniveaus auf, wahrend der (225 5) -Grundzustand nicht weiter aufspaltet.

Zum Betrieb der Atomfalle ist zudem rotverschobenes Licht notwendig (fiir ei-
ne Beschreibung der theoretischen Grundlagen sowie des Funktionsprinzips einer
MOT siehe auch Kapitel 4.1), das heift, dass die Photonenenergie etwas unterhalb
der tatsdchlichen Resonanzfrequenz des Kiihl-Uberganges liegt. Da die Frequenz
des verwendeten Lichts nun niher an der Resonanzfrequenz des Ubergangs zum
(mr = —1) -Zustand liegt, ist eine Bevolkerung dieses Unterzustandes wahrscheinli-
cher als eine Anregung in die anderen magnetischen Unterzustande. Es kommt daher
zu einer vermehrten Bevolkerung des (my = —1) -Zustands im Vergleich zu ande-
ren Unterzustanden. Man spricht hierbei von einer Polarisation des Targets. Diese
atomare Polarisation lasst sich durch einen Vergleich der Polarisationen des ausge-
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(n,,m,)=(2,1,+1) (n,/,m,)=(2,1,0) (n,,m,)=(2,1,-1)

Abbildung 10.2.: Verteilung der Aufenthaltswahrscheinlichkeiten des Elektrons fiir
den Li(2p)-Zustand fiir die jeweiligen m-Unterzusténde.

sandten Fluoreszenz-Lichtes der Atomwolke, wie in Kapitel 4.6 beschrieben, messen.
Fiir die hier vorgestellten Messungen lie8 sich eine Bevolkerung des (mj = —1) -
Zustands zu etwa 90 % und des (my = 0) -Zustands zu etwa 10 % feststellen. Die
Aufenthaltswahrscheinlichkeit des (mj = +1) -Zustands ist dabei vernachléssigbar.

Diese atomare Polarisation hat nun weitreichende Folgen. In Abbildung 10.2 sind
die Wellenfunktionen des Li(2p)-Zustandes fiir die jeweiligen my-Unterzustidnde dar-
gestellt. Addiert man diese drei Zustande inkohéarent, muss die Wellenfunktion wie-
derum kugelsymmetrisch sein. Ein unpolarisiertes Atom, welches alle drei Unterzu-
stdnde gleichméflig bevolkert, hat daher insgesamt eine symmetrische Aufenthalts-
wahrscheinlichkeit, wohingegen diese Symmetrie fiir ein polarisiertes Atom aufgeho-
ben ist. Insbesondere den Zustdnden mit m; = +1 und m; = —1 kann eine nicht
verschwindende Wahrscheinlichkeitsstromdichte 7 zugeordnet werden, deren Rich-
tung zueinander gegenldufig um die Quantisierungsachse verlauft. Anschaulich be-
trachtet dreht sich der Wahrscheinlichkeitsstrom fir m; = —1 aus Abbildung 10.2
yentgegen dem Uhrzeigersinn®. Durch diese Symmetriebrechung wird eine weitere
Vorzugsrichtung in das Gesamt-Stofisystem eingefiihrt, die sich in der Elektronene-
mission widerspiegelt. Fiir eine kugelsymmetrische Verteilung des Anfangszustandes
(wie dies fur die (2s)-Tonisation der Fall ist) sind Richtungen im Ortsraum nur
durch pg und ¢ vorgegeben, daher kénnen die FDCS nur von den relativen Winkeln
der Elektronenemission im Bezug auf diese Vektoren abhéngen. lonisationen aus ei-
nem nicht kugelsymmetrischen Anfangszustand unterliegen dieser Bedingung nicht
mehr. Diese Symmetriebrechung der Elektronen-Emissionscharakteristik ist auch
unter dem Begriff des Dichroismus (genauer ,orientational dichroism*) bekannt und
wurde beispielsweise bei der Ionisation von polarisierten Natrium-Atomen durch
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10. FDCS: Ein detailliertes Bild der Anfangszustandsabhédngigkeit
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Abbildung 10.3.: Vollstédndig differentieller Wirkungsquerschnitt fiir die Ionisation
von Li(2p) durch 1.5MeV/u O*-Projektile fir F, = 1.5¢V und
g, = 0.3a.u.. In (a) ist eine dreidimensionale Abbildung des FDCS
zu sehen, in (b) der Schnitt in der Azimuthalebene. Gestrichelte
Linie: CDW-EIS; Durchgezogene Linie: CDW-EIS-NN.

Elektronenstofl beobachtet [202].

Diese Asymmetrie verstirkt sich fiir Systeme hoherer Storung, wie in Abbildung
10.3 zu erkennen ist. Hierbei ist der dreidimensionale FDCS fiir die Stoflionisati-
on des Li(2p)-Zustandes durch ein O®*-Projektil fiir Elektronenenergien von E, =
1.5eV und einem Impulsiibertrag von ¢; = 0.3a.u. abgebildet. Dieselben Effekte
treten durchaus auch bei hoheren E, und ¢ auf. Hier wurden die Werte gewéhlt,
bei denen die Asymmetrie am deutlichsten zu erkennen ist. Des Weiteren tritt die
Asymmetrie besonders ausgeprigt in der Azimuthalebene, also der Ebene senkrecht
zum Projektilstrahl, auf, wie dies in Abbildung 10.3 (b) dargestellt wird. Dabei sind
die FDCS iiber dem azimuthalen Winkel ¢, aufgetragen, der dabei die Richtung des
Impulsiibertrags ¢ bei ¢, = 90° und —¢ bei 270° (in Abb. 10.3 (b) durch die beiden
senkrechten Linien verdeutlicht) schneidet. Die durch den Dichroismus hervorgeru-
fene Verschiebung des Maximums um etwa 15° lasst sich gut erkennen.

Die Verschiebung des Querschnitts wird auch durch eine CDW-EIS-Theorie re-
produziert und ist in Abbildung 10.3 durch eine gestrichelte Linie dargestellt. Dabei
wurde eine Besetzungswahrscheinlichkeit von 70 % des (my = —1) -Zustandes und
30 % des (my = 0) -Zustandes angenommen. Es ist festzustellen, dass die Form der
Verteilung nur relativ gering mit dem Beitrag von m; = 0 variiert, da der Quer-
schnitt fiir diesen magnetischen Unterzustand erheblich geringer ist als fiir m; = +1.
Eine nochmals bessere Ubereinstimmung der experimentellen Daten mit der Theorie
wird erreicht, sobald die Kern-Kern-Wechselwirkung beriicksichtigt wird, wie dies in
einer CDW-EIS-NN-Néherung (in obiger Abbildung als durchgezogene Linie gezeigt)
der Fall ist. Die Verschiebung des Schwerpunktes der Verteilung wird mit dieser Me-
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Abbildung 10.4.: FDCS fiir Tonisation von Li(2s) durch 1.5MeV /u O%"-Projektile
fir B, = 1.5eV und ¢, = 0.3a.u..

thode nun sehr gut wiedergegeben. Die Kern-Kern-Wechselwirkung scheint also den
Effekt des Dichroismus zu reduzieren. Die experimentellen Daten zeigen ein etwas
breiteres Maximum auf als von der Theorie vorausgesagt, dies lasst sich jedoch auf
die experimentelle Aufléosung zurtickfiihren.

In Abbildung 10.4 ist die Ionisation aus dem Li(2s) Grundzustand fiir die gleichen
kinematischen Bedingungen wie die (2p)-lonisation in Abbildung 10.3 dargestellt.
Bemerkenswert ist hier vor allem die Ausbildung von ,,Schultern in der Azimuthal-
ebene, welche die Elektronenemission dieser Reaktion von Ionisationen aus dem
Li(2p)-Zustand und von vorherigen Stoflexperimenten an Helium-Targetatomen un-
terscheidet. Die Auspragung dieser Schultern ist dabei stirker, wenn ein groferer

Impulsiibertrag gewahlt wird. Fiir ¢; = 1a.u. sind sogar separate Seitenmaxima zu
beobachten (sieche Abbildung 10.5 (a)).

Bei dem Blick in die Azimuthalebene fillt auf, dass zwar die Winkelverteilung,
wie fiir die kugelsymmetrische (2s)-Elektronenschale erwartet, symmetrisch um ¢
herum ist, der Vergleich der storungstheoretischen Rechnungen mit und ohne eine
Beriticksichtigung der Kern-Kern-Wechselwirkung zeigt aber deutlichere qualitative
Unterschiede als im Fall der (2p)-Ionisation.

In der CDW-EIS-Néaherung (gestrichelte Linie in Abbildung 10.5 (b)) lassen sich
keinerlei Seitenmaxima erkennen. Auch die Intensitat wird deutlich unterschétzt, so
dass die in 10.5 (b) eingezeichnete Kurve mit einem Faktor 5 skaliert wurde, um die
Hohe des Hauptmaximas in den Bildbereich einzupassen.

Beriticksichtigt man hingegen die Interaktion zwischen Projektil und Targetrumpf,
lisst sich eine relativ gute Ubereinstimmung zwischen experimentell und theoretisch
ermittelten Wirkungsquerschnitten erreichen, in der die Seitenpeaks wiedergegeben
werden. Zudem lasst sich hier in beiden theoretischen Modellen und den experimen-
tellen Daten ein kleines Maximum bei ¢, = 270°, in Richtung des negativen Im-
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10. FDCS: Ein detailliertes Bild der Anfangszustandsabhédngigkeit

FDCS(arb. units)

Abbildung 10.5.: Vollstédndig differentieller Wirkungsquerschnitt fiir die Ionisation
von Li(2s) durch 1.5MeV/u O%"-Projektile fir £, = 1.5eV und
g, = 1.0a.u.. In (a) ist eine dreidimensionale Abbildung des FDCS
zu sehen, in (b) der Schnitt in der Azimuthalebene. Gestrichelte
Linie: CDW-EIS; Durchgezogene Linie: CDW-EIS-NN.

pulsiibertrags erkennen. An dieser Position findet sich in Helium-Stoflexperimenten
zumeist der Recoil-Peak (siche Kapitel 6.4), der in den Daten zur Li(2p)-Ionisation
jedoch nicht zu erkennen war. Hinsichtlich der qualitativen Ubereinstimmung, bei-
spielsweise der korrekten Position und auch Hohen der Seitenmaxima, bleiben aller-
dings einige Diskrepanzen zwischen experimentellen Daten und der CDW-EIS-NN-
Theorie bestehen.

Die Beriicksichtigung der Kern-Kern-Wechselwirkung scheint einen starken Ein-
fluss auf eine korrekte Wiedergabe der Wirkungsquerschnitte zu haben, kann aber
nicht der alleinige Grund fiir das Auftreten der Seitenmaxima sein, da diese Effekte
in der lonisation aus einem (2p)-Zustand oder fir Helium-Targets nicht beobach-
tet werden konnten. Einen weiteren Hinweis auf eine Ursache dieser Strukturen
erhilt man bei einem Blick auf die raumlichen Aufenthaltswahrscheinlichkeiten der
verschiedenen Elektronenkonfigurationen. In Abbildung 10.6 sind die radialen Wel-
lenfunktionen fiir Li(2s), Li(2p) und He(ls) abgebildet. Der Li(2s)-Zustand zeigt
im Gegensatz zu den beiden anderen vorgestellten Zustinden einen Knoten in der
Wellenfunktion bei etwa r = 0.8 a.u.. Eine Rechnung innerhalb des CDW-EIS-NN-
Modells mit einem Anfangszustand, der die Knotenstruktur einer (1s)-Welle, aber
die Bindungsenergie des (2s)-Zustands aufweist, liefert keine Seitenmaxima in den
FDCS. Die beobachtete Struktur scheint also die Signatur der Anfangszustands-
Wellenfunktion zu sein, die in das Kontinuum abgebildet wird.

Die Tatsache, dass die Seitenmaxima in der Rechnung nur unter Berticksichti-
gung der Kern-Kern-Wechselwirkung auftreten, kann wie folgt verstanden werden:
Der Radialteil der (2s)-Wellenfunktion hat zwei Maxima, ein sehr gering ausgeprag-
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Abbildung 10.6.: Radiale Aufenthaltswahrscheinlichkeiten fiir Li(2s) in magenta,
Li(2p) in dunkelblau und He(1s) in tirkis. Berechnet mit dem
Hartree-Fock-Code aus [203].

tes bei r = 0.3a.u. und ein Hauptmaximum bei » = 3a.u., wobei nur etwa 2%
der Elektronenintensitat in der kleineren Peakstruktur zu finden sind. Damit ein
Einfluss der Knotenstruktur sichtbar wird, miissen beide Teile der Wellenfunktion
signifikant zur Reaktion beitragen. Betrachtet man den Streuprozess semi-klassisch
im Stofparameterbild, findet die lonisation zumeist bei groflen StoSparametern (b >
la.u.) statt. Der Einfluss des inneren Maximums der Wellenfunktion ist dann zu ver-
nachlassigen. Es miissen also sehr nahe St6fe (b ~ 1a.u.) selektiert werden, um den
Einfluss der Knotenstruktur sichtbar zu machen. In der CDW-EIS-Rechnung, in der
die Kern-Kern-Wechselwirkung vernachlassigt wird, findet kein Impulsiibertrag vom
Projektil auf den Targetrumpf statt und die Anderung des Projektilimpulses findet
allein aufgrund einer Wechselwirkung mit dem beteiligten Elektron statt. Unter die-
sen Bedingungen ist die Korrelation zwischen ¢, und b relativ schwach und es ist
daher nicht moglich, Werte fiir ., und ¢, zu finden, fiir welche der StofSparameter
klein sein muss.

Wird eine Kern-Kern-Wechselwirkung berticksichtigt, kommt es zu einer starkeren
Abhéangigkeit des Impulsiibertrags auf das Targetatom und dem Stoiparameter. Bei
kinematischen Zustdnden, in denen der Gesamt-Impulstibertrag ¢ grofl und haupt-
sachlich durch den RiickstoBimpuls gegeben ist (und damit der Impuls des Elektrons
im Endzustand gering ist), sollten also kleine Stofiparameter beitragen, so dass die
Seitenmaxima deutlich sichtbar werden. Umgekehrt sollte die Auspragung der Sei-
tenmaxima fiir kleinere g, geringer werden, was beispielsweise in Abbildung 10.4,
einer Darstellung der FDCS fir £, = 1.5eV und ¢, = 0.3 a.u., erkennbar ist.

Verallgemeinernd kann man die hier beobachteten Strukturen als eine Interfe-
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10. FDCS: Ein detailliertes Bild der Anfangszustandsabhédngigkeit

renz zweier Beitrige der Ubergangsamplitude beschreiben, von denen einer mit dem
inneren Abschnitt, der zweite mit dem aufleren Abschnitt der Wellenfunktion in
Verbindung gebracht werden kann. Eine Bedingung fiir eine solche Interferenz ist
allerdings die Kohérenz des Projektils tiber beide Abschnitte der Wellenfunktion.
Der Einfluss eines kohédrenten bzw. inkohédrenten Projektilstrahles wurde kiirzlich
von Wang et al. in [23] fiir die StoBionisation von Helium untersucht und ein deut-
licher Einfluss dieser Projektileigenschaft auf die Wirkungsquerschnitte festgestellt.
Es zeigte sich, dass eine vollstindig quantenmechanische Betrachtung der Projek-
tilstreuung nur im Falle koharenter lonenstrahlen eine korrekte Wiedergabe der ex-
perimentell ermittelten Daten ermoglicht. Es ist daher vorstellbar, dass die noch
vorhandenen qualitativen Diskrepanzen zwischen einer CDW-EIS-NN-Theorie und
der gemessenen Wirkungsquerschnitte auf eine nicht vollstdndige Koharenz des Pro-
jektils zuriickzufiihren sind. Die Diskrepanzen in den Peakstrukturen der Messwerte
aus Abbildung 10.5 kénnen prinzipiell auch auf die experimentelle Auflosung zu-
riickgefithrt werden. Allerdings fiihrt eine Faltung der Wirkungsquerschnitte mit
der experimentellen Auflésung zu keiner signifikanten Anderung der FDCS bwz. zu
einer Verschiebung der Maxima.

Zusammenfassend lasst sich sagen, dass in der hier betrachteten Untersuchung der
vollstandig differentiellen Wirkungsquerschnitte der Ionisation von Lithium bislang
nicht betrachtete Effekte gefunden werden konnten, die sich den spezifischen Ei-
genschaften des Bahndrehimpulses und der magnetischen Unterzustinde zuordnen
lassen.
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11. StoBinduzierte Einfachionisation
von Lithium

In dieser Arbeit wurde die durch Ionenstofl induzierte Einfachionisation von Lithi-
um in einem kinematisch vollstandigen Experiment untersucht. Dieser Prozess ist
eine fundamentale Realisierung des quantenmechanischen Mehr-Korper-Problems.
Wiahrend kinematisch vollstdndige Experimente durch ElektronenstoB seit 1969 [8]
durchgefiithrt werden und eine detaillierte Untersuchung der Stodynamik erlauben,
ist die experimentelle Untersuchung von Stolsystemen mit geladenen Ionen in dieser
Tiefe erst mit der Erfindung des Reaktionsmikroskops moglich geworden [12,103].
Die Herausforderung liegt dabei in den extrem kleinen Anderungen der Projek-
tilflugbahn, deren Kenntnis aber fiir eine vollstandige Untersuchung der Dynamik
des System erforderlich ist.

Vollstandig differentielle Wirkungsquerschnitte der IonenstoB-Ionisation wurden
erstmals 2001 vorgestellt [26], und bis zu der gegenwértigen Arbeit lagen solche nur
fur die Ionisation eines Helium-Targets vor (beispielsweise [15,26]). Bei den Spek-
tren dieser frithen Experimente wurden iiberraschende Abweichungen zu theoreti-
schen Querschnitten beobachtet, deren Ursachen in der Folge kontrovers diskutiert
wurden. Im Wesentlichen gibt es vier Ansatze, die zur Erklarung der Diskrepan-
zen angefiihrt wurden: (i) Die Beschreibung der Wechselwirkung zwischen Projektil
und Target ist fiir den Ionenstofl nur ndherungsweise perturbativ [15,52,64] oder
tiber eine endliche Anzahl von gekoppelten Kanélen [190] moglich. Die Drei-( oder
Mehr-)Korper-Dynamik, und insbesondere der Einfluss der Streuung des Projek-
tils am Targetrumpf [13], kann also nicht exakt berechnet werden. (ii) Bereits die
Beschreibung des Helium-Targets stellt ein Drei-Koérper-Problem dar und die elek-
tronische Korrelation der im Helium gebundenen Elektronen kann nur sehr schwer
und nicht exakt beriicksichtigt werden [62]. (iii) Die experimentelle Auflésung kann
einen deutlichen Einfluss auf die Form der Wirkungsquerschnitte haben [45], im
Vergleich zwischen Theorie und Experiment ist eine Einbeziehung dieser experi-
mentellen Effekte aber sehr aufwindig [54]. (iv) Die endliche Kohédrenzlingen der
Projektil-Materiewelle ist bislang in keiner Rechnung berticksichtigt, es gibt aber ex-
perimentelle Hinweise, dass die Koharenz-Eigenschaften einen Einfluss auf die Form
der Wirkungsquerschnitte hat [75,81,83].

Im Rahmen der vorliegenden Arbeit wurde ein neuartiger experimenteller Apparat
zur Untersuchung der Dynamik in Ton-Atom-Sté8en aufgebaut, mit dem drei der vier
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11. Stofinduzierte Einfachionisation von Lithium

oben genannten Effekte substantiell abgeschwécht werden, so dass neue Einblicke in
die Stodynamik gewonnen werden konnten.

Hierzu wurden erstmals drei modernste experimentelle Techniken in einen Aufbau
vereint: Ein Reaktionsmikroskop (ReMi), welches die Detektion der Impulsfragmente
aller an einer Ionisationsreaktion beteiligten StofSpartner tiber den vollen Raumwin-
kel ermoglicht, wurde mit einer magneto-optischen Falle (MOT) zur Préparation
des Targets kombiniert. Der Einbau dieses MOTReMis in einen lonenspeicherring
erlaubt nun zudem die Verwendung eines intensiven Projektilstrahls mit einer ge-
ringen Impulsunscharfe, woraus sich eine grofie Kohérenzldnge der Projektilwelle
ergibt.

Als Target wurde Lithium gewahlt, das sich aufgrund seiner asymmetrischen elek-
tronischen Struktur mit nur einem Valenzelektron stark von Helium unterscheidet.
Bei der Beschreibung vieler Prozesse kann angenommen werden, dass Korrelations-
effekte zwischen dem &ufleren Elektron und den K-Schalen-Elektronen vernachlés-
sigbar gering sind. Durch die Verwendung der Laserkiihlung zur Targetpriaparation
kann eine um mindestens zwei Groflenordnungen niedrigere Targettemperatur als
in Gasjets erreicht werden, was eine deutliche Verbesserung der experimentellen
Auflésung erlaubte [77]. Dariiber hinaus konnte auch die Ionisation von optisch an-
geregtem und sogar polarisiertem Lithium untersucht werden [194, 195].

Der Betrieb einer MOT in Kombination mit einem Reaktionsmikroskop ist vor
allem wegen der Inkompatibilitat der verwendeten Magnetfelder eine erhebliche Her-
ausforderung. Dies kann prinzipiell dadurch gelost werden, dass das MOT-Magnetfeld
zyklisch aus- und wieder angeschaltet wird, dies entspricht einem Wechsel zwischen
dem Messbetrieb mit dem Reaktionsmikroskop und dem Kiihlbetrieb des Targets. In
dem in dieser Arbeit vorgestellten Aufbau gelingt dies erstmals vor allem aufgrund
zweier Weiterentwicklungen gegentiber fritheren Experimenten [92]: Einerseits wur-
de eine spezielle Konfiguration von Spulen zur Erzeugung des MOT-Magnetfeldes
entwickelt. Diese Spulen ermoglichen hohe Magnetfeldgradienten, die die Eigenschaf-
ten der Atomfalle bestimmen, wobei die raumliche Ausdehnung des Magnetfeldes
insgesamt moglichst beschrankt bleibt. Dadurch kénnen Verzogerungen beim Aus-
schalten des Feldes durch langsam abklingende Wirbelstrome, die beispielsweise in
der Wand der Vakuumkammer induziert werden, effektiv reduziert werden. Anderer-
seits wird der Einfluss des zur Elektronenimpulsmessung notwendigen homogenen
Magnetfeldes auf die in der MOT gefangenen Atome durch unkonventionell gewéhlte
Kiihllaser-Polarisationen minimiert. Dies ermdglicht, dass die Atome nach dem Aus-
und wieder Einschalten des MOT-Magnetfeldes erneut gefangen werden kénnen, und
nicht das Fallenvolumen verlassen. Auf diese Weise wurde ein relative Messdauer von
etwa 21 % erreicht.

Mit diesem neuen Aufbau konnten Targetdichten von bis zu 10® Atome/cm?® mit
etwa einer Million gefangener Atome beobachtet werden. Die gemessene Temperatur
der Targetwolke betrug etwa 2.6 mK, ein Wert, der um bis zu drei Gréflenordnungen
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niedriger liegt als dies in konventionellen Helium-Targets erreicht wird.

In einer Testmessung zur Ionisation von angeregten Lithium durch 266 nm -
Photonen wurde die Impuls-Auflésung des Reaktionsmikroskops bestimmt. Diese
betrug je nach Betriebsweise und Raumrichtung etwa 0.04a.u. bis 0.1a.u., sowie
0.01 a.u. bis 0.1 a.u. Halbwertsbreite (FWHM) fur Ionen bzw. fiir Elektronen. Insbe-
sondere die Werte fiir die Riickstoflionen sind meines Wissens nach die Besten bisher
in einem Reaktionsmikroskop erreichten, und etwa um den Faktor 2 bis 3 niedriger
als in den oben genannten fritheren Experimenten zur Ionensto3-Ionisation von He-
lium.

Im Zuge dieser Arbeit wurden Experimente an zwei Stoflsystemen mit unter-
schiedlichen Storungen durchgefiihrt. Zum Einen wurden 6 MeV Protonen als Pro-
jektilstrahl verwendet, was einer Storung von 7 = 0.06 entspricht. Die lonisation in
diesem Systems liegt damit deutlich im perturbativen Bereich und es wurde eine gute
Ubereinstimmung der ermittelten Wirkungsquerschnitte mit storungstheoretischen
Modellen erwartet. Um Einfliisse von Beitrdgen hoherer Ordnung zu untersuchen,
wurde zum Anderen 24 MeV O%F-Tonen als Projektile gewihlt, wobei der Stérungs-
parameter hier bei n = 1.03 liegt.

In der Untersuchung des Energieiibertrags vom Projektil auf das Target in der
Einfachionisation von Lithium durch 24 MeV O8*-Projektile wurden dabei unter-
schiedliche Targetzustande identifiziert [77]. Mit grofier Wahrscheinlichkeit war das
LiT-RiickstoBion nach der Streuung im Grundzustand, ein geringer Anteil befand
sich aber auch in einem angeregtem Zustand. Die Energieverteilung der Elektronen
konnte gut durch die Valenzelektronen-Ionisation in einer CDW-EIS-Rechnung [15]
beschrieben werden, sofern das Riickstofiion im Grundzustand war. Das Modell
scheiterte aber an der Beschreibung fiir die angeregten Target-lonen. Dies wird dar-
auf zuriickgefithrt, dass zwei unterschiedliche Reaktionskanéle zum gleichen angereg-
ten Endzustand fithren konnen, ndmlich die direkte lonisation eines (1s)-Elektrons,
aber auch die Anregung eines (1s)-Elektrons begleitet von der lonisation des Va-
lenzelektrons. In dem verfiigharen Modell kann bislang nur der erste Mechanismus
berechnet werden.

Bei der Analyse der Ionisation des Valenzelektrons lassen sich wiederum Un-
terschiede zwischen den verschiedenen Anfangszustianden des Elektrons beobach-
ten [194]. Dabei wurde das Target sowohl im (2s)-Grundzustand als auch im ersten
angeregten (2p)-Zustand prépariert. Der Vergleich der doppelt differentiellen Wir-
kungsquerschnitte als Funktion der Elektronenenergien und des Impulsiibertrags
der Ionisation durch 6 MeV Protonen erbrachte eine relativ gute Wiedergabe der
experimentell ermittelten Daten sowohl fir die (2s)- als auch eine (2p)-Ionisation
durch eine CDW-EIS-Theorie [15]. Der Verlauf der Wirkungsquerschnitte zeigt dabei
deutliche Unterschiede zwischen beiden Anfangszustianden, die auch von der Theorie
wiedergegeben werden. Kleinere Abweichungen treten dabei vor allem bei geringen
Energien und Impulsiibertragen auf.
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11. Stofinduzierte Einfachionisation von Lithium

Bei der hoheren Storung zeigen sich groflere Diskrepanzen zwischen experimentell
ermittelten und durch verschiedene CDW-EIS-Modelle berechneten Wirkungsquer-
schnitten. Insgesamt ist die Ubereinstimmung zwischen Experiment und Rechnun-
gen, welche die Kern-Kern-Wechselwirkung beriicksichtigen, fiir die Ionisation des
(2p)-Elektrons aber zufriedenstellend. Fiir die (2s)-Ionisation treten hingegen deut-
liche Abweichungen insbesondere fiir sehr kleine und sehr grofie Impulsiibertrige
auf, wobei eine klassische Behandlung der Kern-Kern-Streuung in der CDW-EIS-
CLNN-Theorie [67] etwas bessere Ergebnisse liefert als die voll quantenmechanische
CDW-EIS-NN-Methode [15], ein Effekt der auch bei der Ionisation von He- und
H-Targets beobachtet werden konnte [67, 85].

Die Anfangszustandsabhangigkeit wurde detaillierter anhand von vollstandig dif-
ferentiellen Wirkungsquerschnitten untersucht [195]. Die gewonnen Spektren weisen
dabei Charakteristika auf, die bei keiner der fritheren Messungen an Helium-Targets
beobachtet werden konnten. Fiir die Ionisation des (2p)-Zustandes zeigt die Winkel-
verteilung des emittierten Elektrons eine Asymmetrie beziiglich der Streuebene, die
fiir istotrope Anfangszustédnde prinzipiell nicht auftreten darf. Dieser Effekt wurde
bei beiden untersuchten Stofsystemen beobachtet und ist auf die Polarisation des
angeregten Zustandes zuriickzufiihren. Durch das Magnetfeld des Reaktionsmikro-
skops und die Rotverschiebung des Anregungs- bzw. Kiihllasers wird hauptséchlich
nur ein magnetisches Unterniveau des Zeeman-aufgespaltenen (2p)-Zustands bevol-
kert, wodurch sich ein Polarisationsgrad des Targets von nahezu 90 % ergibt.

Dariiber hinaus konnten in der Ionisation aus dem (2s)-Grundzustand bei der
hohen Stérung ausgepragte Seitenmaxima in den vollstdndig differentiellen Wir-
kungsquerschnitten festgestellt werden, die weder in der Ionisation von Li(2p) noch
in der Ionisation von Helium beobachtet wurden. Dies wird als Signatur der Kno-
tenstruktur des Radialteils der (2s)-Wellenfunktion interpretiert. Ein Vergleich mit
CDW-EIS-NN-Modellen zeigt eine bemerkenswerte Ubereinstimmung, sofern die
Kern-Kern-Wechselwirkung in die Rechnung mit einbezogen wird, insgesamt ist aber
auch hier die Ubereinstimmung der (2p)-Ionisation etwas besser.

Zusammenfassend lésst sich sagen, dass es mit dem hier vorgestellten neuen expe-
rimentellen Aufbau gelungen ist, hoch aufgeloste, kinematisch vollstandige Experi-
mente zur Stolionisation von Lithium durch geladene Projektile durchzufiihren. Die
im Rahmen dieser Arbeit gewonnen Daten stellen eine neue Priifmarke fiir theore-
tische Modelle dar, wobei nicht nur die Auflésung im Vergleich zu fritheren Mes-
sungen an Helium erheblich verbessert werden konnte, es ist zum ersten Mal auch
moglich, die Anfangszustandsabhéngigkeit der StoBdynamik zu untersuchen. Erste
Rechnungen theoretischer Gruppen zu den untersuchten Stoflsystemen sind bereits
veroffentlicht [204].

Die Beobachtung, dass die berechneten Querschnitte zur (2p)-Ionisation generell
eine etwas bessere Ubereinstimmung zu den gemessenen Daten zeigen, kann als Hin-
weis gewertet werden, dass die verwendete Naherung des (2s)-Zustandes schlechter
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ist als die des angeregten (2p)-Zustandes. Dies scheint plausibel, da der raumliche
Uberlapp zwischen der K-Schale und dem Valenzelektron fiir den s-Zustand grofer
ist als fiir den p-Zustand. Deshalb konnten in diesem Fall Korrelationseffekte der
Elektronen untereinander starker sein, so dass sie bei der Beschreibung der StofSdy-
namik beriicksichtigt werden miissen.

Prinzipiell ist aber auch denkbar, dass die Projektil-Koharenzlange, die auch im
Speicherring zumindest fiir das schwerere Sauerstoff-Projektil kleiner ist als die Gro-
Be des Targetatoms, fiir die Diskrepanzen verantwortlich ist. Um den Einfluss der
Kohéarenzlange zu verstehen, ist es aus jetziger Sicht aber unumgénglich, diese in
die theoretischen Modelle einzubeziehen. Hierfiir gibt es seit Kurzem zwar erste An-
satze [205], eine volle Berticksichtigung ist aber noch nicht méglich und eine grofle
Herausforderung.

Das im Rahmen dieser Arbeit aufgebaute MOTReMi stellt eine substantielle Er-
weiterung bisheriger Techniken zur Impulsspektroskopie dar, und erlaubt die kine-
matisch vollstandige Untersuchung von atomaren Fragmentationsprozessen in im
Prinzip allen denkbaren Stoflsystemen mit Ionen, Elektronen oder Photonen in
starken Laserfeldern. Dabei sticht es nicht nur wegen der hervorragenden Auflo-
sung fiir die Riickstoflionen gegeniiber konventionellen Spektrometern heraus, damit
sind auch zum ersten Mal Alkalimetalle und optisch angeregte Anfangszustédnde
fiir solche kinematisch vollstandigen Experimente zugénglich. Dies wird in Zukunft
einen erheblichen Beitrag leisten konnen, um die theoretische Beschreibung atomarer
Mehr-Koérper-Probleme rigoros zu testen und ein tieferes Versténdnis der korrelier-
ten Dynamik solcher Systeme zu gewinnen.
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A. Zeeman-Aufspaltung realer
Atome

Feinstruktur und Hyperfeinstruktur

Bislang wurde die Aufspaltung der atomaren Zustande auf die Wechselwirkung des
Elektronen-Bahndrehimpulses mit dem &dufleren Magnetfeld zuriickgefithrt (mp, -
Aufspaltung). Dies vernachlassigt allerdings Effekte aufgrund von weiteren Aufspal-
tungen wie etwa der Feinstruktur und Hyperfeinstruktur. Im Folgenden soll deshalb
ein kurzer Uberblick iiber das Verhalten eines Lithium-Atoms in einem Magnetfeld
gegeben werden. Dabei orientiert sich der Aufbau dieses Kapitels unter anderem
an der Arbeit von M. Gehm [138]. Die hier vorgestellten Begriffe und Herleitungen
lassen sich zudem in Standard-Lehrwerken wie etwa [129,178] finden.

In der einfachsten Beschreibung atomarer Energiezustinde wird nur ein einzelnes
Valenzelektron explizit berticksichtigt, das sich in einem kugelsymmetrischen Poten-
tial bewegt. Dabei setzt sich das Potential aus den elektrischen Feldern des Kerns
und aller weiteren Elektronen des Atoms zusammen. In dieser Beschreibung, auch
als ,central field approximation“ bekannt, werden die resultierenden Energielevels
durch die Quantenzahlen n und L charakterisiert. Die Bezeichnungen 22S und 22P
stehen fiir den Grund- und ersten angeregten Zustand von Lithium (siehe hierfir
Abbildung 4.7 in der linken Spalte).

Berticksichtigt man nun den Spin des Elektrons S, wechselwirkt dieser mit dem
Bahndrehimpuls L aufgrund der damit verbundenen magnetischen Dipolmomente.
Es ergibt sich ein zusétzlicher Wechselwirkungsterm im Hamiltonoperator [138]

, € 1dU | - %

5B om2c2h? [r dr] L-5. (A1)
Dabei stellen U das Potential des Targetkerns und der restlichen Elektronen dar,
r den Abstand des Elektrons zum Potentialursprung und L bzw. S die Bahndreh-
und Spinoperatoren. Beide Operatoren lassen sich nun in einem weiteren Operator
zusammenfassen,

J=L+5, (A.2)
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dem Operator des Gesamtdrehimpulses. Die zugehorige Quantenzahl J kann nun
Werte zwischen

IL-S|<J<(L+5) (A.3)
annehmen. Mit Hilfe der Identitat

P12 8o § (A4)
gilt:

- —

P-§= (/1287 (A5)

J2, L2, 52 und J, bilden einen vollstindigen Satz kommutierender Operatoren.

Diese Spin-Bahn-Kopplung fithrt zu einer Aufspaltung der Energieniveaus, die
unter dem Namen der Feinstruktur-Aufspaltung bekannt ist.

Fir Lithium im Grundzustand gilt L = 0 und S = 1/2, und die Quantenzahl
J kann nur den Wert J = 1/2 annehmen. Der erste angeregte Zustand (L = 0,
S = 1/2) hingegen hat zwei mogliche Zusténde, J = 1/2 und J = 3/2. Es kommt
daher zu einer Aufspaltung der Energielevels, die mit 2P, 2 und 2P3/2 bezeichnet
werden.

Des Weiteren muss auch die Wechselwirkung des Gesamtdrehimpulses des Elek-
trons mit dem magnetischen Moment des Kerns berticksichtigt werden. Der Ha-
miltonoperator der Wechselwirkung fiir den Kern im Feld des Elektrons lasst sich
schreiben als [138]

2
Hiyps = —Hic - B(0) + GZ Qij %f(%) (A.6)
mit dem Operator des magnetischen Dipolmoments des Kerns, jix, und dem Opera-
tor des elektrischen Quadrupolmoments des Kerns, );;. B (0) bezeichnet den magne-
tischen Feldoperator, sowie ¢(0) das elektrische Potential am Ort des Kerns. Hj; pg
setzt sich demnach aus einem magnetischen Dipolterm und einem Quadrupolterm
zusammen, welcher fiir kugelsymmetrische Felder verschwindet.

Es bietet sich an, einen weiteren Operator zu definieren,

F=J+1, (A7)

mit der zugeordneten Quantenzahl F' und

J—I|<F<(J+1). (A.8)

Analog zur Spin-Bahn-Kopplung bilden auch hier F 2 J 2 I? und F, einen vollstén-
digen Satz kommutierender Operatoren.
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Die durch diese Wechselwirkung hervorgerufene Energieaufspaltung, die Hyperfe-
instruktur, ergibt sich zu [206]

1 3 C(C+1)
AE = = —b
HFS QCLHFSC+ 3 HFS[(2I “0JRI—1)’

(A.9)

mit C = F(F+1)—J(J+1)—I(I +1). Die Hyperfeinstrukturkonstanten kénnen
dabei experimentell ermittelt werden und betragen fiir "Li

arrs(*S12) = 401.76 MHz (A.10)

fir den Grundzustand [207], sowie

aHF5(2P3/2) = —3.05 MHz (A11)
brrrs(*Psje) = —0.221 MHz

fiir den angeregten (*Ps3) -Zustand [208]. Der Quadrupolterm mit bypg in A.9 ist
dabei deutlich kleiner als der Dipolbeitrag und kann vernachléssigt werden.

Mit einem Kernspin von I = 3/2 spaltet der “Li -Grundzustand ebenso wie der
(*Py2) - angeregte Zustand in zwei Hyperfein-Komponenten mit F' = 1,2 auf, der
(*Ps/2) -Zustand geht in vier Unterkomponenten mit F' = 0,1,2,3 tiber. In Ab-
bildung 4.7 ist diese Aufspaltung schematisch dargestellt. Aufgrund des negativen
Wertes der Hyperfeinkonstante fiir den angeregten (*Ps2) -Zustand ist hier die ener-
getische Reihenfolge der Hyperfeinlevels gerade umgekehrt als dies fiir den Grund-
zustand der Fall ist.

Atome in einem externen Magnetfeld

Befinden sich Atome in einem externen Magnetfeld, koppeln die intrinsischen ma-
gnetischen Momente mit diesem Feld und es kommt zum Zeeman-Effekt. Die Wech-
selwirkung ist gegeben iiber den Hamiltonoperator des magnetischen Feldes

Hy = —%Bzgx)?-é, (A.12)

T

mit dem g-Faktor g, und der Summe iiber alle guten Quantenzahlen des Systems,
X. Fiir schwache Magnetfelder ist die Zeeman-Aufspaltung der Energieniveaus klein
gegeniiber der Hyperfeinstruktur und es gilt

AEZ = 'L%ngmFB . (A13)

Der g-Faktor des Systems gr berechnet sich dabei tiber
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FF+1)—-II+1)+J(J+1) F(F+1)+1(I+1)—J(J+1)
2F(F + 1) T 2F(F 1 1)

gr =4y

(A.14)
Dabei ist der zweite Term um den Faktor mp/m,. ~ 1836 kleiner und kann im
Folgenden vernachlassigt werden. Der g-Faktor des Elektrons, ¢g;, konnte experi-
mentell zu 2.0023010 fir den (%5 /2) -Zustand und 1.335 fir den (*Ps2) -Zustand
von Lithium bestimmt werden [208].

Aufgrund der sehr geringen Hyperfeinkonstante des angeregten Zustandes in Li-
thium ist die Zeeman-Aufspaltung bereits bei einer Feldstédrke von wenigen Gauss
vergleichbar mit der Hyperfeinstruktur und A.13 verliert seine Giiltigkeit. F' stellt
keine gute Quantenzahl mehr dar und es miissen Eigenzustdnde des kombinierten
Hamiltonoperators

Hi = Hp + Hyps (A.15)

gefunden werden. Dies erfolgt iiber eine Diagonalisierung der Hamiltonmatrix fir
den (25 /2) -Grundzustand und den (*Ps) - angeregten Zustand fur "Li mit Hilfe
eines Mathematica-Codes aus [138] und ist in Abbildung 4.8 dargestellt. Auf dieselbe
Weise lassen sich nun auch die mj -Beitrdge zu den einzelnen Energieniveaus bei
einer bestimmten Magnetfeldstarke berechnen (siehe Kapitel 4.6).

Fiir deutlich hohere Magnetfelder ist wiederum die Hyperfeinstruktur im Vergleich
zu der nun starken Zeeman-Aufspaltung vernachléssigbar, und die Energieniveaus
sind iiber

AEZ = %(g{;m{;—kgﬂnﬂB (A]_6)

gegeben. Dies wird als Paschen-Back-Effekt bezeichnet. Spektroskopisch lassen sich
nun Spektrallinien beobachten, die durch die Quantenzahl m; beschrieben werden
konnen. Fiir “Li weist jede dieser Linien eine Substruktur von vier Linien der vier
moglichen m; auf.

Wechselwirkung mit einem externen optischen Feld

Uberginge zwischen den einzelnen Energieniveaus kénnen durch die Wechselwirkung
mit einem externen optischen Feld nahe der resonanten Wellenldnge beschrieben
werden. Dabei wird der Ubergang aus einem Hyperfeinniveau |(JI)Fmy) in ein
angeregtes Niveau |(J'I")F'mpg) durch das Dipolmatrixelement

preg = ((J'I')F'mpr|u| (JI) Fmp) (A.17)

mit dem Dipoloperator p beschrieben. Mit Hilfe des Wigner-Eckart-Theorems [178]
lasst sich dies durch ein von m g unabhéangiges reduziertes Matrixelement ausdriicken:
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J1 J

—mg ¢ Mg

/%g=<—wF’mﬂ(

mit ¢ = —1,0,1 fir 0,7 und o™ -polarisiertes Licht und dem Wigner 3-J Symbol.

Ein Ubergang zwischen zwei Hyperfeinzustdnden mit unterschiedlichen F' dndert
nur die Quantenzahl J. Das reduzierte Matrixelement lésst sich daher weiter ver-
einfachen zu

) (S IV |pI(JDF) (A.18)

(' TV m | (U] [(J1) P = 67 (—1) 541 2P - 1)(2F + 1)
s oo,
mit dem Wigner 6-J Symbol in eckigen Klammern.
Damit ergibt sich das Ubergangsmatrixelement zu

eg = Opp(—1)7 I —metL SO R 1) (2F 1) x

AN I AT

Das Betragsquadrat des reduzierten Matrixelements ist dabei iiber die Relation der
Einstein A-Koeffizienten gegeben [138,209]:

A 2w* 1
T T 36 h (20 + 1)
Durch eine experimentelle Bestimmung der Zerfallsraten 1/7 ldsst sich daher das
reduzierte Matrixelement (J'||p(1)]|J) ausrechnen. Deshalb héngt die Lebensdau-
er allein von der Feinstruktur ab und ist fiir alle Hyperfeinniveaus gleich. Gehm
gibt in [138] den Wert des reduzierten Matrixelementes fiir den Kiihliibergang der
magneto-optischen Falle mit (J' = 3/2||u(1)||J = 1/2) = 3.977 x 1072 Cm an.

[eaIZev Motk (A.21)

Die Ubergangswahrscheinlichkeiten zwischen zwei atomaren Zustinden lassen sich
iiber das Betragsquadrat des Ubergangsmatrixelementes |zi.,|* aus Gleichung A.20
berechnen [129]. In Abbildung B.1 sind diese (relativen) Ubergangswahrscheinlich-
keiten fiir die Uberginge der D2 -Linie in Lithium aufgefiihrt. Alle Werte wurden
auf ganze Zahlen normiert. In Abbildung B.1 (a) sind die moéglichen (Am = 0) -
Uberginge (7 -Polarisation) angegeben, in Abb. B.1 (b) (Am = +1) -Uberginge (o™
-Polarisation). Die Ubergangswahrscheinlichkeiten der (Am = —1) -Ubergénge (o~
-Polarisation) ergeben sich ebenfalls aus Abb. B.1 (b), sofern man alle mg-Zustinde
durch —mp austauscht.
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Abbildung B.1.: Relative Ubergangsstirken der Ubergéinge der D2 -Linie in Lithi-
um fiir Licht mit (a) linearer m-Polarisation und (b) zirkularer
o*t-Polarisation. Die Ubergangswahrscheinlichkeiten fiir die o~ -
Polarisation ergeben sich ebenfalls aus Abb. B.1 (b), sofern man
alle mp-Zustande durch —mp austauscht.
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C. Atomare Einheiten

In der Atomphysik werden relevante Groflen haufig durch atomare Einheiten, a.u.
(aus dem Englischen, atomic unit), ausgedriickt. Die Basiseinheiten dieses Systems
sind dabei durch die entsprechenden Gréflen eines Elektrons im Grundzustand des
Wasserstoffatoms definiert und es gilt:

e=h=m.=1

Relevante Gréfien sind demnach:

GroBe Atomare Einheiten | SI-Einheiten
Lange la.u. ap= 5.29 x 107'm
Masse la.u. me = 9.11 x 1073 kg

1u bzw. 1amu u= 1.66x10"2"kg
Zeit la.u. 1.52 x 10710
Geschwindigkeit la.u. vo= 2.19 x 10°ms!
Lichtgeschwindigkeit 137 a.u. c= 299 x 10®ms!
Ladung la.u. e= 160x10"1YAs
Energie la.u. 2R, = 4.36 x 10718 ] = 27.2eV
Impuls la.u. 2.00 x 10"**kgms~!
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