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ATTOSEKUNDENCHRONOSKO
BLOCH-ELEKTRONEN

In jedem Kubikzentimeter eines Festkorpers befinden sich etwa
10* Elektronen, deren gegenseitige Wechselwirkungen optische,
elektronische, thermische und mechanische Eigenschaften eines
Materials definieren. Sie zu entschlisseln ist daher ein zentrales
Ziel in der Festkdrperphysik. In dieser Arbeit wird sogenannte
Attosekundenchronoskopie entwickelt, um Millielektronenvolt-
Energieselektivitdt und Attosekunden-Prézision (1as=10"s) zu
kombinieren. Damit gelingt es, niederenergetische Korrelationen
direkt in der Zeitdomane anhand der Dynamik von Bloch-
Elektronen zu untersuchen. Hierzu regt ein resonanter, nah-
infraroter Lichtimpuls koh&rente Elektron-Loch-Paare an, wah-
rend ein hochintensives, mittelinfrarotes Lichtfeld sie kollidiert.
Das fihrt zur Emission von Seitenbandern hoher Ordnung.
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Werden diese Kollisionspfade mit einer Prazision von 300 as ver-
messen, so kénnen Vielteilchen-Korrelationen aufgelst werden.
Die unterschiedlich starke Coulomb-Interaktion in einem Volu-
menkristall und einer Monolage Wolframdiselenid fuhrt zu einer
Anderung der Ladungstrédgerdynamik um 1,2+0,3fs. Dariiber
hinaus schlagen sich auch die Treiberfeldstarke und Quanten-
attribute wie der Grad der Valley-Polarisation in der Kollisions-
dynamik nieder. Eine voll quantenmechanische Beschreibung
der Bewegung der Elektron-Loch-Paare reproduziert die expe-
rimentellen Ergebnisse quantitativ und zeigt, wie Coulomb-
Korrelationen die Dynamik von Bloch-Elektronen pragen.

Vielteilchen-Interaktionen aufern sich nicht nur als Coulomb-
Anziehung innerhalb eines Elektron-Loch-Paares, sondern kén-
nen ebenso Phasenibergénge treiben. Erste Experimente an
Wolframditellurid zeigen, dass Attosekundenchronoskopie auch
an Halbmetallen durchgefihrt werden kann. Damit steht ein
neues Werkzeug zur Untersuchung von Phasenibergédngen in
verschiedensten Materialien zur Verfigung. Aul3erdem beschleu-
nigt das hochintensive Lichtfeld Ladungstréger vollstandig ballis-
tisch durch einen Festkérper, was die Tar zu einer Welt voller ko-
harenter Quantenphdnomene 6ffnet.
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Titelabbildung:

Elektron-Loch-Paare (blaue und orange Kugeln) in einem Kristall (Gitter im Hinter-
grund) werden zur Kollision gebracht, wodurch Licht emittiert wird. Indem dieser
Prozess prazise zeitlich vermessen wird (veranschaulicht durch die Stoppuhr), kon-
nen Vielteilchen-Korrelationen (blaue und rote Feldlinien) untersucht werden.
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Kapitel

Einleitung

Now I know what the atom looks like.

— Ernest Rutherford

Als Ernest Rutherford 1911 untersuchte, wie a-Teilchen an einer diinnen Goldfo-
lie gestreut werden, war er von seinen eigenen Messergebnissen so tiberrascht, dass
er sie damit verglich, als ob er ein 15-Zoll-Geschoss auf ein Taschentuch geschos-
sen hétte, es zurtickkdme und einen selbst trife [Jam95]. Nach dem bis dato an-
erkannten Thomsonschen Atommodell wiirden die Goldatome der Folie aus einem
positiv geladenen, masselosen Hintergrund bestehen, der von vielen leichten Elek-
tronen durchsetzt ist. Demnach sollten die a-Teilchen kaum durch Sté8e mit den
Atomen der Goldfolie abgelenkt werden. Tatséchlich streuen aber einige a-Teilchen
unter grofien Winkeln und eines aus 8000 wird sogar reflektiert [Rut11]. Rutherford
schlussfolgerte, dass es einen sehr kleinen, positiv geladenen Atomkern sowie eine
sehr leichte Elektronenhiille im Atom geben miisse.

Basierend auf solchen Kollisionsexperimenten entschliisseln heutzutage gigantische
Teilchenbeschleuniger wie der Grofe Hadronen-Speicherring (englisch: Large Hadron
Collider, kurz: LHC) am CERN die Eigenschaften von Elementarteilchen immer
genauer. Damit offenbart sich nicht nur die komplexe innere Struktur der Bau-
steine des Universums, sondern es werden auch fundamentale Naturgesetze getes-
tet. Diese Ergebnisse verfeinern immer weiter das Standardmodell der Teilchen-

physik, dessen Vorhersage fiir das anomale magnetische Dipolmoment des Elek-



1. Einleitung

trons mittlerweile bis auf einen Faktor 10~'% mit Kollisionsexperimenten iiberein-
stimmt [Odo06, Wya07, But16]. Ein wegweisendes Experiment gelang 2012, als mit
dem LHC das Higgs-Boson nach einer fast 50 Jahre andauernden Suche gefunden
werden konnte. Ein Jahr darauf wurde dafiir der Nobelpreis fir Physik verlichen
[Eng64, Hig64, ATL12]. Kollisionsexperimente und Teilchenbeschleuniger sind also
nicht mehr aus der Teilchenphysik wegzudenken.

Das Standardmodell der Teilchenphysik reduziert Materie auf verbliiffend wenige
verschiedene Elementarteilchen. Und obwohl alle Elemente des Periodensystems
letztendlich aus den gleichen Bausteinen bestehen, unterscheiden sie sich grund-
legend in ihren Eigenschaften. Ordnen sich einzelne Atome in einem periodischen
Gitter an, entstehen wiederum kristalline Festkorper, die beispielsweise tiberhaupt
erst moderne Informationstechnologien erméglichen und somit nicht mehr aus dem
Alltag wegzudenken sind. Jeder Kubikzentimeter eines Festkorpers enthélt in et-
wa 10% Elektronen, die untereinander wechselwirken. Deshalb spielen Vielteilchen-
Wechselwirkungen eine zentrale Rolle und definieren mechanische, thermische, elek-
tronische und optische Eigenschaften eines Festkorpers [Bas11, Spe21, Sca2l].

Die vielfaltige Art und Weise, wie Ladungstriger in einem Kristall interagieren
kénnen, bringt vollig neue Effekte wie beispielsweise Ladungsdichtewellen [Car96,
Nie22], Wigner-Kristalle [Wig34, Zho21] oder Supraleitung hervor [Lee06, Keil5,
Caol8b], um nur wenige zu nennen. Das verdeutlicht, welche Fiille an physikali-
schen Phénomenen die Wechselwirkungen zwischen Teilchen nach sich ziehen. Um
einen Festkorper in seiner Gesamtheit zu beschreiben, miissen sowohl alle Elektro-
nen als auch deren Wechselwirkungen berticksichtigt werden. Eine Moglichkeit, diese
Aufgabe zu 16sen, besteht darin, ein Teilchen mitsamt seiner Wechselwirkungen als
ein neues fiktives Quasiteilchen zu beschreiben [Lan57]. Interaktionen duBern sich
dabei in modifizierten Eigenschaften des Quasiteilchens wie deren Masse, Ladung
oder Spin. Da Wechselwirkungen bereits in der Beschaffenheit von Quasiteilchen
berticksichtigt sind, kénnen einzelne Quasiteilchen als unabhéngig voneinander be-
trachtet werden. Beispiele fiir Quasiteilchen reichen von Bogoliubov-Quasiteilchen
in Supraleitern [Bar57, Beel4] iiber Phononen in einem Kristallgitter [Afa21] bis hin
zu Plasmonen als kollektive Ladungstragerdynamik [Hub01].

Ein prominentes Quasiteilchen in Halbleitern kann auftreten, wenn ein Elektron aus

dem Valenzband ins Leitungsband angeregt wird und eine Leerstelle im Valenzband



zurtickbleibt. Das angeregte Elektron wechselwirkt dann mit allen anderen Elektro-
nen im Valenzband gerade so, als befénde sich an der Leerstelle ein hypothetisches,
positiv geladenes Teilchen, ein sogenanntes Loch. Genau wie ein Elektron und ein
Atomkern kénnen auch das angeregte, negativ geladene Elektron im Leitungsband
und das positiv geladene Loch im Valenzband einen gebundenen Zustand bilden
[Che01]. Das resultierende, wasserstoffahnliche Quasiteilchen wird Ezziton genannt.
Ist seine Bindungsenergie hoch genug, dominiert es als niederenergetische Reso-
nanz das Absorptionsspektrum von Halbleitern und fithrt unter anderem zu einer
effektiven Absenkung der Bandliicke, da gebundene Exzitonen auch unterhalb der
Ein-Teilchen-Bandliicke angeregt werden kénnen [Che01, Wan18].

Ein Materialsystem, in dem Exzitonen eine besondere Rolle spielen, sind Ubergangs-
metalldichalkogenide. Diese Quantenmaterialien zeichnen sich insbesondere dadurch
aus, dass sie aus einzelnen Atomschichten aufgebaut sind, die lediglich durch schwa-
che van-der-Waals-Krifte zusammengehalten werden. Deshalb konnen aus ihnen
atomar diinne Monolagen hergestellt werden. Die reduzierte Dimensionalitit der
Kristalle schrankt auch die Struktur von Quasiteilchen ein und beeinflusst damit
die Starke von Vielteilchen-Wechselwirkungen. Unter anderem steigt die exzitonische
Bindungsenergie in einem atomar diinnen Kristall eines Ubergangsmetalldichalkoge-
nids stark an [Chel4]. Auch dariiber hinaus bieten Monolagen dieser Materialklasse
interessante elektronische Eigenschaften wie die Spin-Tal-Kopplung [Sch16].
Korrelationen bestimmen fundamentale Eigenschaften von Materialien, weshalb es
auch ein zentrales Ziel der Festkorperphysik ist, sie genauer zu untersuchen. Um
Korrelationen in einem Festkorper besser zu verstehen, konnten in Analogie zur
Teilchenphysik Kollisionsexperimente mit Quasiteilchen durchgefithrt werden. Al-
lerdings konnen Quasiteilchen wie Exzitonen aufgrund ultraschneller Wechselwir-
kungen in Festkorpern meist nur innerhalb von Femtosekunden (1fs = 107 s) nach
ihrer Anregung untersucht werden, ehe sie wieder zerfallen [Poel5]. Sie miissten also
auf einer ultraschnellen Zeitskala angeregt, beschleunigt und kollidiert werden.
Dazu werden elektrische Wechselfelder bendétigt, die schneller oszillieren als Quasi-
teilchen dephasieren. Herkémmlich erzeugte elektrische Felder mit maximalen Fre-
quenzen von wenigen hundert Gigahertz reichen dafiir bei weitem nicht aus [Cha04].
Ein Quasiteilchenbeschleuniger kann daher nicht durch Verbesserung bestehender

Technologie realisiert werden, sondern erfordert ganz neue Konzepte.



1. Einleitung

Die schnellsten Wechselfelder der Natur, die der Mensch nutzt, finden sich in elektro-
magnetischen Wellen in Form von Licht. Sie kénnen leicht Frequenzen von mehreren
hundert Terahertz erreichen. Das intensive elektrische Trégerfeld von Licht kann
dabei im Rahmen der Lichtwellenelektronik als ultraschnelle Vorspannung genutzt
werden [Bor23, Kir25]. In atomaren Gasen hat sich die Verwendung hochintensiver
Lichtfelder etabliert, um Kollisionen von Ladungstriagern herbeizufiihren. Hier wer-
den die Atome durch das Lichtfeld zuerst ionisiert und anschliefend das Elektron hin
und her beschleunigt, sodass es mit grofler kinetischer Energie wieder mit dem Ion
zusammenstoBt [Cor93, Lew94]. Die dabei frei werdende Energie wird als Lichtblitz
mit einer Impulsdauer weniger Attosekunden (1as = 10718 s) emittiert. Auf diesem
Umstand baut das Forschungsfeld der Attosekundenphysik auf [Cor07, Kra09]. 2023
wurde drei Pionieren in diesem Gebiet, Pierre Agostini, Anne L’Huillier und Ferenc
Krausz der Nobelpreis in Physik zuerkannt [L’H93, Pau01, Hen01].

Um Quasiteilchen zu erzeugen, eignen sich besonders Anregungsenergien im Milli-
elektronenvolt-Bereich. Die Photonenenergie von typischen Attosekunden-Impulsen
liegt allerdings oberhalb von 10eV und passt damit nicht zur charakteristischen
Energieskala von Quasiteilchen und Korrelationen [Kam13, Dhil7]. Der Terahertz-
Spektralbereich (THz, 1-100 THz) umfasst dagegen den fiir Quasiteilchen relevan-
ten Energiebereich, in dem mit modernen Lasersystemen phasenstarre und atomar
starke Lichtfelder mit Spitzenfeldstérken bis zu 1VA™! bereitgestellt werden kén-
nen [Sel08, Sch14a]. Lichtimpulse mit einer Frequenz von wenigen Terahertz eignen
sich daher bestens, um korrelationsbasierte Phénomene in Festkérpern zu unter-
suchen und Ladungstriger weit in der Bandstruktur auszulenken [Schl4a, Lanl6,
Liul7, Lanl7, Yos17, Hafl8, Bor20, Sch21]. Insbesondere konnten mit hochintensi-
ven Multi-THz-Impulsen Quasiteilchen in Festkorpern innerhalb weniger Mikrome-
ter und Femtosekunden kollidiert werden [Lanl6, Lan18].

Die Oszillationsdauer von Lichtfeldern im Multi-THz-Spektralbereich ist mit einigen
zehn Femtosekunden in der gleichen Groflenordnung wie die typische Lebensdauer
von Exzitonen [Poel5]. Deshalb miissen kohdrente Experimente an Quasiteilchen
innerhalb einer einzigen Schwingung von Licht durchgefithrt werden. Diese Zeit-
spanne reicht dabei bereits aus, um dynamische Blochoszillationen [Gol08, Ghill,
Golll, Schl4a] und quantenmechanische Interferenzeffekte [Hoh15, Garl6, Azol9],
durch die Floquet-Bloch-Zustande entstehen kénnen [Wan13, McI20, Zho23], zu be-



obachten. Dartiber hinaus fiithrt die ultraschnelle Beschleunigung von Lichtwellen-
getriebenen Ladungstriagern zur Erzeugung Hoher Harmonischer [Ghill, Schl4a,
Lanl7, Liul7, Yos17, Haf18, Sch21] und von Seitenbéndern hoher Ordnung [Chi01,
Zak12, Lan16, Bor20, Cos21]. Die genaue Subzyklendynamik von Ladungstragern in
Festkorpern wird dabei von vielen Materialeigenschaften beeinflusst, die sich in der
emittierten Strahlung widerspiegeln. Dadurch erméglicht Starkfeldbeschleunigung
einen Blick auf Symmetrien [Lanl7, Nag20] und Nichtlinearitaten [Hafl8, Sch21]
von Festkorpern. Zudem konnen mittels der emittierten Strahlung sogar die Band-
struktur [Vam15, Bor20] und die Wellenfunktion von Bloch-Elektronen [Cos21] sowie
Quanteneigenschaften wie der Valley-Pseudospin [Lan18] oder die Berry-Kriimmung
[Banl7, Luul8, Sch21, UN24] von Kristallen rekonstruiert werden.

Insgesamt steht mit der Lichtwellen-Beschleunigung von Ladungstrégern ein méch-
tiges Werkzeug zur vollig kontaktfreien Charakterisierung von Quantenmaterialien
zur Verfiigung. Allerdings war es bisher nicht moglich, auch den Einfluss von Kor-
relationen auf die Subzyklendynamik von Bloch-Elektronen in einem Festkorper di-
rekt in der Zeitdoméne nachzuweisen. Hier besteht die Herausforderung, die Briicke
zwischen der Attosekunden-Zeitskala und dem Millielektronenvolt-Energiebereich
zu schlagen: Wahrend Bloch-Elektronen und ihre gegenseitigen Wechselwirkungen
vor allem bei niedrigen Energien nahe der Fermi-Kante auftreten, wird ihre Sub-
zyklendynamik in der Starkfeldphysik in erster Nadherung durch die Ein-Teilchen-
Bandstruktur vorgeschrieben. Anderungen in der Dynamik aufgrund von Korrela-
tionen auBern sich erst auf der viel schnelleren Attosekunden-Zeitskala, die aber
eigentlich mit viel héheren Energien einhergeht. Attosekunden-Prézision und Milli-
elektronenvolt-Energieselektivitit scheinen daher grundlegend voneinander entkop-
pelt und experimentell nur schwer vereinbar zu sein.

Diese beiden Energie- und Zeitskalen werden in dieser Arbeit kombiniert, um zum
ersten Mal den Einfluss von Korrelationen auf die Trajektorien von Bloch-Elektronen
direkt in der Zeitdoméne nachzuweisen. Dazu beschleunigen intensive Lichtfelder
Ladungstriger periodisch hin und her, was zur Emission von Seitenbandern hoher
Ordnung fithrt. Eine prézise zeitliche Vermessung dieser Strahlung erlaubt Riick-
schliisse auf die Korrelationen im Festkérper. In diesem Rahmen gibt Kapitel 2 eine
Einfithrung in Licht-Materie-Wechselwirkung. Insbesondere wird das Prinzip der Er-

zeugung von Seitenbdandern hoher Ordnung mikroskopisch erlautert.



1. Einleitung

Quantenmaterialien wie Ubergangsmetalldichalkogenide eignen sich hervorragend
fiir die Untersuchung von Korrelationen zwischen Ladungstragern, vor allem auf-
grund der hohen exzitonischen Bindungsenergie und der Moglichkeit, diese in ato-
mar diinnen Kristallen um ein Vielfaches zu steigern. Aus diesem Grund wird in
dieser Arbeit der Halbleiter Wolframdiselenid (WSe;) sowohl als Volumenkristall
als auch als Monolage verwendet. Kapitel 3 behandelt die kristallographischen sowie
elektronischen Eigenschaften dieses Materials.

Die Beschreibung des in dieser Arbeit verwendeten optischen Messaufbaus findet
sich in Kapitel 4. Ein ultrakurzer resonanter Anregeimpuls aus einem WeiBllichtkon-
tinuum erzeugt im Festkorper kohéarente Ladungstriagerpaare, die anschlieend durch
intensive Multi-THz-Lichtfelder beschleunigt werden. Um die notige zeitliche Pra-
zision zu erreichen, korrigiert eine interferometrische Stabilisierung langsame Ver-
dnderungen der Trager-Einhiillenden-Phase der ohnehin schon passiv phasenstarren
Multi-THz-Impulse [Mei23b].

Kapitel 5 prasentiert das Konzept der Attosekundenchronoskopie, mit der Korrela-
tionen in einem Festkorper vermessen werden konnen [Fre22]. Dazu wird der Injekti-
onszeitpunkt von kohérenten Exzitonen bestimmt, der zu optimalen Elektron-Loch-
Kollisionen und damit einhergehend zur stiarksten Emission von Seitenbéndern hoher
Ordnung fithrt. Durch eine umfassende Datenanalyse kann der beste Injektionszeit-
punkt mit Attosekunden-Prizision bestimmt werden. Damit werden Signaturen von
Coulomb-Korrelationen in der Dynamik von Elektron-Loch-Paaren sichtbar. Weiter-
hin wird systematisch der Einfluss von Streuprozessen sowie der Trégerfeldstarke auf
die Dynamik der Ladungstrager untersucht und durch quantenmechanische Berech-
nungen sowie ein klassisches Modell verifiziert. Zuletzt werden noch Auswirkungen
des Valley-Pseudospins auf die Emission von Seitenbéndern hoher Ordnung darge-
legt.

Attosekundenchronoskopie birgt enormes Potential, um in Zukunft auch Phasen-
iibergénge zu studieren, was Kapitel 6 behandelt. Dass bei der Beschleunigung von
Ladungstriagern mit intensiven Lichtwellen ihre Phaseninformation bewahrt wird,
offnet dabei auch die Tiir zu kohédrenten Phinomenen wie der Ausbildung von
Floquet-Bloch-Zusténden [It023].

Zuletzt fasst Kapitel 7 die Ergebnisse dieser Arbeit zusammen.



Kapitel 2

Starkfeldkontrolle von Ladungstragern

Das Ziel von Lichtwellenelektronik besteht in der Kontrolle von Ladungstrigern
mittels elektromagnetischer Wellen. Dabei iiben sowohl die elektrische als auch die
magnetische Feldkomponente von Licht eine Kraft auf Ladungstriger aus. Das ma-
gnetische Feld entfaltet jedoch eine etwa um die Grofie der Feinstrukturkonstante
geringere Wirkung auf freie Elektronen. Deshalb kann gerade bei sehr intensiven
Lichtimpulsen Licht-Materie-Wechselwirkung vor allem durch den Effekt des elektri-
schen Feldes beschrieben werden [Bra00, Pas08]. Je nach Intensitit der Lichtimpulse
werden dabei verschiedene Bereiche der Licht-Materie-Wechselwirkung unterschie-

den.

2.1. Licht-Materie-Wechselwirkung in der

Storungstheorie

Im Fall einer schwachen elektrischen Feldkomponente E(¢) kann Licht als kleine St6-
rung aufgefasst werden, die auf die Ladungstrager im Material wirkt. Das elektrische
Feld ist schwécher als die Coulomb-Anziehung zwischen Elektronen und Atomker-
nen und verschiebt die Elektronen daher nur leicht im Kristallgitter. Dadurch baut
das elektrische Feld ein Dipolmoment im Material auf. Fir die Polarisation P(t),

also das Dipolmoment pro Volumen, gilt in einem isotropen Medium [Boy08]:

P(t) = cox VE(t). (2.1)



2. Starkfeldkontrolle von Ladungstragern

Die Polarisation im Material ist direkt proportional zum angelegten elektrischen
Feld, wobei €, die elektrische Feldkonstante und y(! die materialabhéngige elektri-
sche Suszeptibilitdt bezeichnet. Aufgrund dieser Beziehung wird dieses Regime der
Licht-Materie-Wechselwirkung auch als lineare Optik bezeichnet [Boy08]. In diesem
Bild kann Licht-Materie-Wechselwirkung weitestgehend durch den Brechungsindex
eines Materials beschrieben werden.

Mit der Entwicklung des ersten Lasers durch Maiéman im Jahr 1960 [Mai60] konnten
intensivere Lichtfelder erzeugt werden, die zu groferen Auslenkungen der Ladungs-
trager fuhren. Hier reicht es nicht mehr aus, nur den Teil der Polarisation zu be-
trachten, der linear auf das duflere Feld reagiert. Stattdessen wird die Polarisation

iiblicherweise als Taylor-Entwicklung des elektrischen Feldes geschrieben [Boy08]:
P(t) = s (VE() + VB () + \ VB + ... (2.2)

Es treten also neue Terme mit Suszeptibilititen @ auf, die mit der i-ten Po-
tenz des elektrischen Feldes skalieren. Aus diesem Grund wird dieser Bereich der
Licht-Materie-Wechselwirkung auch als nichtlineare Optik im storungstheoretischen
Regime bezeichnet. Hier folgt die Polarisation im Material nicht mehr linear dem
elektrischen Feld und neuartige Prozesse wie die Erzeugung der zweiten Harmoni-
schen, der Differenzfrequenz zweier Lichtwellen oder auch beispielsweise Selbstpha-
senmodulation treten auf. Im Allgemeinen fallen die nichtlinearen Suszeptibilitidten
mit hoherer Ordnung sehr schnell ab, sodass in diesem Bereich der Licht-Materie-

Wechselwirkung nur wenige harmonische Ordnungen erzeugt werden.

2.2. Erzeugung Hoher Harmonischer

Durch die standige Weiterentwicklung von immer leistungsstirkeren Lichtquellen,
insbesondere der gepulsten Laser, werden heutzutage atomar starke Lichtfelder er-
reicht. Bei diesen Feldstirken bricht das storungstheoretische Regime zusammen,
da das Lichtfeld vergleichbar mit dem Coulomb-Potential zwischen Atomkern und
Elektron wird, was einzigartige neue Phdnomene zum Vorschein bringt. Ein Beispiel
dieser neuartigen Wechselwirkung zwischen Licht und Materie ist die Erzeugung

Hoher Harmonischer (englisch: high-order harmonic generation, kurz: HHG) in Ato-
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men und Molekiilen. Die Lichtwellen-beschleunigte Dynamik eines Elektrons, das
fest an einen Atomkern gebunden ist (siche Abb. 2.1a), kann hier mit dem semiklas-
sischen Drei-Schritt-Modell beschrieben werden [Cor93]. Sobald ein atomar starkes
Feld E(t) anliegt (siche Abb. 2.1b), wird das Coulomb-Potential des Elektrons so
stark verkippt, dass es ins Vakuum tunneln kann [Kel65]. Das Atom wird dadurch io-
nisiert und das nun freie Elektron kann durch das angelegte Feld vom Atomkern weg
beschleunigt werden. Dabei nimmt es wihrend einer Lichtschwingung eine mittlere

kinetische Energie auf, die durch das ponderomotorische Potential

2E2
€ peak (23)

Up =
Amew?’

gegeben ist [Kib66]. Der Lichtimpuls wird hier durch die Spitzenfeldstirke Epe,x und
Kreisfrequenz w charakterisiert. Die Groflen e und m, bezeichnen Ladung und Masse
des Elektrons. Wenn die Polaritat des oszillierenden Feldes wechselt, wird das Elek-
tron abgebremst und wieder auf den Atomkern hin beschleunigt (siche Abb. 2.1c).
Dadurch kénnen Elektron und Atomkern kollidieren (sieche Abb. 2.1d). Die Ionisa-
tionsenergie Ip wird dabei zusammen mit der aufgesammelten kinetischen Energie
des Elektrons als breitbandige Strahlung emittiert [Cor93, Lew94].

Bei diesem Prozess spielt der exakte lonisationszeitpunkt des Elektrons eine Schliis-
selrolle. Denn je nachdem, zu welcher Phasenlage des Tragerfeldes das Elektron in
Vakuumzustande tunnelt und beschleunigt wird, sammelt es viel oder wenig kine-
tische Energie auf. Wird das Atom beispielsweise direkt bei einem Nulldurchgang
des Lichtfeldes ionisiert, beschleunigt ein ganzer Halbzyklus des Lichts das Elektron
weg vom Atomkern. Der folgende Halbzyklus reicht dann gerade aus, das Elektron
im Vakuum zum Stehen zu bringen. In diesem Fall kénnen Elektron und Atomkern
nicht kollidieren und es werden keine Hohen Harmonischen emittiert.

Eine klassische Rechnung zum Drei-Schritt-Modell (fiir Details siehe Kapitel 5.2
und Gleichung 5.1) offenbart die verschiedenen moglichen Trajektorien und deren
zugehorige Kollisionsenergie eines Elektrons abhingig vom genauen Ionisationszeit-
punkt ¢., wahrend des Treiberfeldes (siche Abb. 2.2a). Die optimale Ionisations-
zeit, die zu maximaler kinetischer Kollisionsenergie fiihrt, tritt bei Vernachlassigung
der Coulomb-Anziechung zwischen Elektron und Atomkern bei einer Phasenlage der
Lichtwelle von 17° auf [Cor93].
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Abbildung 2.1.| Drei-Schritt-Modell zur Erklirung von HHG in Gasen.
a, Aufgrund der attraktiven Coulomb-Wechselwirkung (graue Potentialfliche) ist
das Elektron (rote Kugel) fest an den Atomkern (blaue Kugel) gebunden. b, Durch
ein elektrisches Feld E(¢) wird das Coulomb-Potential verkippt und das Elektron
kann durch die verbliebene Potentialbarriere tunneln. AnschlieBend wird es vom
Atomkern weg beschleunigt. ¢, Sobald sich die Polaritit des elektrischen Feldes
andert, wird das Elektron wieder in Richtung des Atomkerns beschleunigt. d, Bei
ausreichender Beschleunigung kann das Elektron mit dem Atomkern kollidieren,
wobei die kinetische Energie bei Aufprall als hochenergetisches Licht emittiert wird.

Daneben gibt es fiir jede kleinere Kollisionsenergie des Elektrons zwei mogliche
Trajektorien, die zu unterschiedlichen Zeitpunkten t.. starten. Bei der sogenann-
ten langen Trajektorie tunnelt das Elektron frith und wird weit vom Atomkern weg
beschleunigt. Es kollidiert daher erst sehr viel spiter mit dem Atomkern. Bei der
kurzen Trajektorie startet das Elektron seine Bewegung knapp vor dem Feldnull-
durchgang und kollidiert bereits nach kurzer Zeit mit dem Atomkern.

Abbildung 2.2b zeigt die Kollisionsenergie des Elektrons als Funktion des Ionisati-
onszeitpunkts t.,. Nur wenn das Atom zwischen dem Feldmaximum und dem Feld-
nulldurchgang ionisiert wird, kommt es tiberhaupt zur Kollision. Bei Ionisation kurz
nach dem Feldmaximum steigt die Kollisionsenergie schnell an und erreicht ein Ma-
ximum bei to, = 2fs, was bei einer Zentralfrequenz von 25 THz des Treiberfeldes der
oben erwdhnten Phasenlage von etwa 17° entspricht. Dieser Ionisationszeitpunkt

fithrt zur hochsten Kollisionsenergie
hl/cum(:f = Ip + 3.17 - Up, (24)
und setzt dementsprechend auch eine Grenze fiir die Photonenenergie der hochsten

harmonischen Ordnung [Cor93].
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Abbildung 2.2. | Klassische Rechnung zum Drei-Schritt Modell. a, Das elek-
trische Feld Erp,(t) eines intensiven THz-Impulses mit einer Spitzenfeldstérke von
10 MV em ™! und einer Zentralfrequenz von 25 THz beschleunigt ein Elektron, was zu
einer Auslenkung = weg vom Atomkern fithrt. Abhéngig vom Ionisationszeitpunkt
wihrend des ersten Halbzyklus des gezeigten Trigerfeldes durchlauft das Elektron
eine feste Trajektorie und kann bei x = 0 mit dem Atomkern rekollidieren. Die
Rekollisionsenergie €., ist als Farbe der Trajektorien dargestellt. b, Die Rekolli-
sionsenergie £ des Elektrons als Funktion des lonisationszeitpunkts ¢., wahrend
eines Halbzyklus des Tragerfeldes ist bei to, = 2 fs maximal. Der Zeitversatz zwischen
dem optimalen Ionisationszeitpunkt und dem Feldmaximum wird als Subzyklenver-
zogerung dg. bezeichnet.

Atomare Gase sind inversionssymmetrisch, weshalb es fiir [onisation, Beschleunigung
und Rekollision keine bevorzugte Feldrichtung gibt. Daher ist die Ladungstragerdy-
namik fiir positive und negative Felder symmetrisch und der Prozess der HHG lauft
wéhrend aller Halbzyklen gleichermaflen ab. Aus diesem Grund zeigt die bei Kolli-
sion emittierte breitbandige Strahlung eine spektrale Modulation bei der doppelten
Frequenz des Treiberfeldes. Hohe Harmonische von atomaren Gasen zeigen deshalb
nur ungerade harmonische Ordnungen.

Da das ponderomotorische Potential Up fiir hohe Feldstiarken und niedrige Treiber-
frequenzen maximal wird (vgl. Gleichung 2.3), eignen sich vor allem hochintensive
Impulse aus dem Mittelinfrarot-Spektralbereich (MIR) bestens, um moglichst breit-
bandige Hohe Harmonische zu erzeugen. Diese Impulse kénnen atomare Feldstéarken

erreichen und durch ihre vergleichsweise lange Oszillationsdauer beschleunigen sie
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Ladungstrager wahrend eines Halbzyklus weit auseinander. Obwohl die Trajektorien
der Ladungstrager dann einige Femtosekunden dauern, werden hohe Kollisionsener-
gien und damit breitbandige HHG nur fiir wenige Ionisationszeitpunkte innerhalb
eines Halbzyklus erreicht. Dadurch werden die hochsten harmonischen Ordnungen
nur wahrend eines scharfen Zeitintervalls in Form ultrakurzer Impulse emittiert.
Fiir den gegensitzlichen Extremfall, dass ultrakurze Nahinfrarot-Impulse (NIR) mit
Oszillationsdauern von nur wenigen Femtosekunden die Ladungstriager kollidieren,
beschrénkt sich die Emission der hochsten harmonischen Ordnungen damit nur auf
wenige hundert Attosekunden. Mit diesem Mechanismus konnten zum ersten Mal
iiberhaupt Attosekunden-Impulse erzeugt werden, die das Feld der Attosekundenphy-
sik eroffnet haben. In diesem Feld haben sich verschiedene Techniken gebildet, mit
denen der Dynamik von Elektronen auf einer ultraschnellen Zeitskala gefolgt wer-
den kann. Beim Attosecond-Streaking beispielsweise photoemittieren Attosekunden-
Impulse Elektronen aus Festkorpern zu einem prézise kontrollierbaren Zeitpunkt.
Ein zweites Lichtfeld, typischerweise ein ultrakurzer, CEP-stabiler NIR-Impuls, mo-
duliert dann die kinetische Energie der Photoelektronen. Damit héngt die detek-
tierte Energie der Elektronen empfindlich von der Phasenlage des NIR-Impulses ab,
zu der sie photoemittiert wurden. Dieser Umstand kann genutzt werden, um mit
Attosekunden-Préazision die Dynamik von Elektronen wéhrend der Photoemission
zu vermessen [Cav07, Nepl5, Taol6, Siel7, Oss18].

Eine weitere Moglichkeit, der Elektronendynamik auf dieser ultrakurzen Zeitskala
zu folgen, besteht darin, die transiente Absorption eines Materials zu beobachten.
Dabei induziert typischerweise ein NIR-Impuls dynamische Prozesse in einem Fest-
korper, die seine Absorptionseigenschaften modifizieren. Diese Anderungen zeigen
sich im Spektrum eines Attosekunden-Impulses, der ebenfalls durch das Material
propagiert. So lassen sich mit Sub-Femtosekunden-Zeitauflosung Riickschliisse un-
ter anderem auf Interbandanregungen [Schl4b, Lucl6], Abschirmprozesse [Vol19]
und Intrabandstrome [Sch18] ziehen. In Materialien, deren Bandliicke die Photonen-
energie des verwendeten NIR-Impulses iibersteigt, konnte zudem der Aufbau einer
Interbandpolarisation zwischen Valenz- und Leitungsband ultraschnell kontrolliert
werden [Sch13, Mas16, Som16].

Mit diesen Techniken konnte auch der Einfluss von Vielteilchen-Wechselwirkungen

innerhalb eines Atoms auf den genauen Zeitpunkt der Photoemission [Sch10, Siel7]
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2.2. Erzeugung Hoher Harmonischer

sowie deren Einfluss auf die Dynamik von sogenannten kernnahen Exzitonen un-
tersucht werden [Moul7]. Allerdings sind die durch HHG erzeugten Attosekunden-
Impulse energetisch auf die hochsten harmonischen Ordnungen, typischerweise im
Bereich einiger 10 bis 100 eV, festgelegt. Mit diesen Photonenenergien liegen sie im
ultravioletten beziechungsweise sogar extrem ultravioletten Bereich des elektromagne-
tischen Spektrums. Die hohen Photonenenergien limitieren also die erreichbare Ener-
gieselektivitdt. So werden oft nur hochenergetische Energieniveaus und Ubergénge
in Festkorpern aufgelost, die hauptsichlich zu lokalisierten, kernnahen Zusténden
gehoren.

Neben Elektronen in Atomen und Molekiilen kénnen auch Bloch-Elektronen in Fest-
korpern mit starken elektrischen Feldern beschleunigt werden. Die Ladungstragerdy-
namik, die zu HHG in Festkorpern fiihrt, ist im Allgemeinen jedoch komplexer als
die blofle Beschleunigung freier Elektronen im Drei-Schritt-Modell. Die periodische
Struktur von Kristallen fithrt beispielsweise dazu, dass die Wellenfunktion von Elek-

tronen W, 1 (r) in Festkorpern tiber das gesamte Kristallgitter delokalisiert ist,
\Ijn,k(r) = un,k(r) : eik-r. (25)

Bloch-Elektronen lassen sich also als gitterperiodische Funktion wu,k(r) beschrei-
ben, die mit einer ebenen Welle mit Wellenvektor k und Realraumposition r modu-
liert wird [Blo29]. Als weitere direkte Folge des periodischen Kristallgitters nehmen
Bloch-Elektronen je nach Wellenvektor nur bestimmte Energien e, (k) an. Diese soge-
nannten Béander mit Index n formen zusammen die Bandstruktur eines Festkorpers,
die in erster Ndherung grundlegende Eigenschaften wie Leitfdhigkeit oder Lichtab-
sorption eines Materials festlegt [Grol8]. Sie folgt allein aus dem Ein-Teilchen-Bild
und vernachlissigt daher Wechselwirkungen zwischen Bloch-Elektronen.

In gewohnlichen Halbleitern liegen bei Raumtemperatur keine beweglichen Ladungs-
trager vor, da alle Bander entweder vollstandig gefiillt oder unbesetzt sind. Aus
diesem Grund miissen analog zum Ionisationsprozess im Drei-Schritt-Modell erst
Elektronen in energetisch hohere Zustédnde angeregt werden. Das passiert in Festkor-
pern durch Interbandanregungen, bei denen Elektronen beispielsweise vom Valenz-
(siehe Abb. 2.3, rote Fliche) ins Leitungsband (blaue Fléche) tibergehen. Grundvor-

aussetzung dafiir ist ein endliches Ubergangsdipol-Matrix-Element d., (k) zwischen
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2. Starkfeldkontrolle von Ladungstrédgern

Abbildung 2.3.|Inter- und Intra-
banddynamik von Ladungstriagern.
Valenz- (rote Flache) und Leitungsband
(blaue Fliche) eines Halbleiters sind
iiber die Ubergangsdipolelemente d, (k)
(schwarze Pfeile) gekoppelt. Ein inten-
sives Treiberfeld (schwarze Kurve un-
ten) kann somit Ladungstriger in das
Leitungsband anregen. Bewegliche Elek-
tronen im Leitungsband (blaue Kugeln)
A beziehungsweise Locher im Valenzband
(rote Kugeln) werden zudem durch das
Feld innerhalb ihrer Bander beschleunigt
(blaue und rote Trajektorie). Erreichen
die Ladungstrager den Rand der Bril-
louinzone, treten Blochoszillationen auf.

Energy, ¢

Wave vector, k

den beiden Béndern. Elektronen (blaue Kugeln) im Leitungsband lassen dabei eine
Leerstelle im Valenzband zurtick. Diese verhélt sich wie ein positiv geladenes Qua-
siteilchen und wird als Loch (rote Kugeln) bezeichnet.

Ahnlich wie im Fall freier Teilchen im Vakuum iibt ein elektrisches Feld E(t) eine
Kraft auf Elektronen und Locher im Festkorper aus. Diese Lichtfeldbeschleunigung
lasst sich am besten im reziproken Raum durch das Blochsche Beschleunigungstheo-

rem dk

ha = —cE(t), (2.6)
beschreiben [Blo29]. Die Anderungsrate des Kristallimpulses 7k ist demnach direkst
proportional zum angelegten elektrischen Feld. Eine Anderung des Kristallimpulses
von Bloch-Elektronen kann auch direkt in den Realraum tbersetzt werden, da die
Realraumgeschwindigkeit v(k) eines Ladungstrigers im Ein-Teilchen-Bild direkt mit

der Steigung des Bandes mit Dispersion e(k) zusammenhéngt [Gro18]:

_10:)

v(k) == 2.7)

Wiéhrend freie Ladungstrager im Vakuum einer quadratischen Dispersion folgen und
die Realraumgeschwindigkeit damit direkt proportional zu ihrem Wellenvektor k ist,
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2.3. Seitenbéander hoher Ordnung

gilt diese Dispersionsrelation fiir Bloch-Elektronen in einem Festkorper tiblicherweise
nur naherungsweise fir kleine Auslenkungen [Grol8]. Werden die Elektronen iber
grofle Bereiche der Bandstruktur beschleunigt, treten zunehmend anharmonische
Beitrage auf und eine weitere Beschleunigung kann sogar zu einer Abbremsung der
Ladungstréiger fithren. Durch die atomar starken Felder, die hochintensive Lichtim-
pulse erreichen kénnen (siche Abb. 2.3, schwarze Wellenform unten) [Sel08], wer-
den Ladungstriager periodisch durch die Bandstruktur beschleunigt (rote und blaue
Trajektorie) und konnen dabei sogar den Rand der Brillouinzone erreichen. Dort
werden sie Bragg-reflektiert (angedeutet durch Lichtblitze), wodurch sich ihr Wel-
lenvektor um einen reziproken Gittervektor &ndert und sie die Brillouinzone von
der gegeniiberliegenden Seite startend erneut durchlaufen. Diese Blochoszillationen
fithren zur Abstrahlung Hoher Harmonischer und konnten mit atomar starken Licht-
feldern im Multi-THz-Bereich des elektromagnetischen Spektrums getrieben werden
[Schl4a, Hoh15]. Hohe Harmonische konnen aber auch schon bei kleineren Auslen-
kungen effizient erzeugt werden, zum Beispiel in topologischen Isolatoren mit linearer
Dispersionsrelation [Has10]. Am Dirac-Punkt tritt dabei eine Singularitiat auf und
die Bandsteigung dndert abrupt ihr Vorzeichen. Diese extreme Nichtlinearitat in der
Bewegung von Ladungstragern fithrt zu einer auflerst effizienten Erzeugung Hoher
Harmonischer [Sch21].

Wahrend Blochoszillationen und Intrabandstréome generell als Quelle Hoher Har-
monischer aufgefasst werden konnen, diirfen Interbandiibergédnge nicht vernachlés-
sigt werden. Immerhin sind sie die Grundvoraussetzung fiir freie Ladungstrager in
Halbleitern und kénnen auch selbst zur Abstrahlung Hoher Harmonischer fithren
[Gol08, Goll1, Sch14a, Hoh15, Sch21]. Aus diesem Grund werden fiir HHG in Halb-
leitern intensive Lichtfelder benotigt, die sowohl Inter- als auch Intrabanddynamiken

treiben kénnen.

2.3. Seitenbander hoher Ordnung

Dass Inter- und Intrabandprozesse simultan ablaufen, macht es aber auch schwierig,
die genaue Subzyklendynamik von Ladungstrigern zu entschliisseln. Aulerdem in-
duziert das Lichtfeld iiberall in der Bandstruktur Interbandanregungen zwischen

Valenz- und Leitungsband, weshalb Ladungstrager keinen wohldefinierten Start-
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punkt im Impulsraum besitzen. Eine Méglichkeit, die Beitrédge von Inter- und Intra-
banddynamiken zu separieren, bietet die Erzeugung von Seitenbéndern hoher Ord-
nung (englisch: high-order sideband generation, kurz: HSG) [Zak12, Lanl6, Lanl8,
Bor20, Cos21]. Hier regt zuerst typischerweise ein schwacher Lichtimpuls (siehe Abb.
2.4, rote Wellenform) mit Photonenenergie hvymr Elektron-Loch-Paare (rote und
blaue Kugeln) resonant an (I). Dadurch befinden sich zunichst alle beweglichen
Ladungstréger bei dem Wellenvektor, bei dem auch die Bandliicke des Materials
auftritt. Anschlieflend beschleunigt ein intensives Treiberfeld (schwarze Wellenform)
mit der Frequenz vry, die Ladungstriger (II). Ein wichtiger Parameter ist hierbei
die Phasenlage des Treiberfeldes, zu dem die Ladungstriger angeregt werden (roter
Pfeil).

Geméf dem Blochschen Beschleunigungstheorem (vgl. Gleichung 2.6) veréndert sich
unter der Wirkung des Treiberfeldes der Wellenvektor k von Elektron und Loch
gleichermafien und wird im gezeigten Beispiel zundchst negativ. Da Valenz- und
Leitungsband aber iiblicherweise gegensétzliche Steigungen aufweisen, werden die
Ladungstrager im Realraum auseinander beschleunigt, zumindest bis sich die Pola-
ritdt des oszillierenden Lichtfelds dndert. Dann nimmt der Kristallimpuls Ak wieder
zu und die Ladungstrager werden im Realraum zuerst abgebremst, und anschlie-
Bend wieder aufeinander zugetrieben. Wenn sich Elektron und Loch dann wieder
am gleichen Ort befinden, kollidieren sie und emittieren hochenergetische Strahlung
(orange Wellenform, III).

Die Energie des emittierten Lichts entspricht dabei gerade der energetischen Separa-
tion der Béander an dem Punkt in der Bandstruktur, an dem die Ladungstréager kol-
lidieren. Hier ist der Bandabstand grofler als die Bandliicke, wodurch die emittierte
Strahlung hoherenergetisch als der resonante Anregeimpuls ist. Analog zum Drei-
Schritt-Modell kann die Energie des emittierten Lichts auch als die Summe aus der
Photonenenergie des resonanten Anregeimpulses und der kinetischen Energie der La-
dungstrager bei der Kollision aufgefasst werden. Da sich Elektron-Loch-Kollisionen
periodisch bei jedem Halbzyklus des Treiberfeldes ereignen konnen, zeigt das Spek-
trum der emittierten Strahlung mehrere spektrale Komponenten der Ordnung n bei
den Frequenzen v, [Zak12]:

Vp = UNIR + NMVTHz- (2.8)
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2.3. Seitenbédnder hoher Ordnung

Abbildung 2.4. | HSG-Emission. Ein
resonanter ultrakurzer Lichtimpuls (rote
Wellenform) erzeugt zu einer bestimmten
Verzogerungszeit tex (roter Pfeil) relativ
zu einem intensiven Treiberfeld (schwar-
ze Kurve unten) eine Interbandpolarisa-
tion bei k = 0 (I). Das Treiberfeld be-
schleunigt anschliefend die Ladungstra-
ger entlang der Bander (II) und bringt
sie zur Kollision. Die Ladungstrager re-
kombinieren bei k # 0 und emittieren
hochenergetische Strahlung (orange Wel-
lenform, IIT).

Die nullte harmonische Ordnung tritt bei der NIR-Frequenz auf, weshalb bei diesem
Prozess auch von der Erzeugung von Seitenbéndern hoher Ordnung gesprochen wird.
Ein typisches HSG-Spektrum ist in Abb. 2.5 zu sehen. Hier wurden Elektron-Loch-
Paare resonant in einem Wolframdiselenid-Volumenkristall mit einer Bandliicke von
392 THz angeregt und anschlieBend mit einem intensiven Multi-THz-Impuls mit ei-
ner Zentralfrequenz von 23 THz (im Bild rechts oben) beschleunigt [Lanl6]. Das
Spektrum zeigt ein Intensitatsmaximum bei der Bandliicke und daneben viele gera-
de Ordnungen bis hin zur 22. Ordnung. Aufierdem treten auch negative Ordnungen
auf, die aber im stérungstheoretischen Regime der nichtlinearen Optik beschrieben
werden kénnen [Zak12]. Diese sowie niedrige positive Ordnungen fallen aber schnell
mit zunehmender Ordnung in ihrer Intensitdt ab. Hohere Ordnungen entsprechen
dem Starkfeldbild von Elektron-Loch-Kollisionen.

Da der hier verwendete Volumenkristall inversionssymmetrisch ist, laufen Elektron-
Loch-Kollisionen fiir negative und positive Halbzyklen des Treiberfeldes symmetrisch
ab. Dadurch weist die HSG-Emission eine doppelt so hohe zeitliche Periodizitéit wie
das Treiberfeld auf, weshalb im Spektrum nur gerade Ordnungen auftreten.
Obwohl HHG und HSG mikroskopisch beide mit einem Drei-Schritt-Modell, das
Anregung, Beschleunigung und Kollision von Ladungstrigern umfasst, beschrieben
werden konnen, gibt es durch das Separieren von Ladungstrageranregung und In-
trabandbeschleunigung fundamentale Unterschiede zwischen den beiden Prozessen.
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Abbildung 2.5. | Typisches HSG-Spektrum eines Halbleiters. Ein resonan-
ter schmalbandiger NIR-Impuls mit einer Frequenz von 392 THz und einem Fluss
von 19 1J em~2 erzeugt eine kohérente Interbandpolarisation in einem Volumenkris-
tall Wolframdiselenid und ein phasenstarrer Multi-THz-Impuls mit einer Spitzen-
feldstirke von 17 MV em™! (siche Wellenform rechts oben) beschleunigt diese. Da-
durch werden Seitenbénder bis zur 22. Ordnung emittiert. Abbildung entnommen
aus [Lanl6].

Ohne zweites Lichtfeld, das resonant eine Interbandpolarisation aufbaut, werden bei
HHG nur die Ladungstréiger beschleunigt, die nichtresonant durch starke elektrische
Felder in das Leitungsband angeregt werden. Dadurch werden hier sehr hohe elek-
trische Felder benotigt. Bei HSG kann die Feldstéirke des Treiberfeldes bedeutend
niedriger gewihlt werden. Fiir Feldstirken von maximal 6,2 MV cm™!, die in dieser
Arbeit verwendet werden, ist ein Vergleich der numerisch berechneten emittierten
HSG- und HHG-Strahlung in Abb. 2.6 gezeigt. Wird das anregende resonante Licht-
feld mit einem Fluss von &y = 19 11J cm =2 ausgeschaltet (HHG), fillt die Intensitét
der Emission im gesamten gezeigten spektralen Fenster um zwei oder mehr Gréfien-
ordnungen ab.

Insgesamt bietet HSG gegeniiber HHG also die Vorteile, dass durch den separaten
Anregeimpuls besser zwischen Inter- und Intrabanddynamik unterschieden werden
kann und Trajektorien von Bloch-Elektronen wohldefinierte Startpunkte aufweisen.

AuBlerdem werden bei HHG vor allem fiir die nichtresonante Interbandanregung ho-
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Abbildung 2.6. | Relative Stiirke von
HSG und HHG. Simuliertes HSG-
(blau) und HHG-Spektrum (rot) einer
Wolframdiselenid-Monolage. Es wurde
ein Treiberfeld mit einer Spitzenfeldstér-
ke von Epex = 6,2MV cm™~! verwendet.
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he Feldstérken benotigt. Da bei HSG Ladungstrager resonant durch einen zweiten
Lichtimpuls ins Valenzband angeregt werden, fithren bereits niedrige Feldstarken des
Treiberfeldes zu einer starken HSG-Emission. Genau wie HHG nutzt aber auch HSG
die Intrabandbeschleunigung von Ladungstrédgern in starken elektrischen Feldern.
Bei dieser Dynamik spielen die Symmetrie und Energiedispersion der elektronischen
Béander eine entscheidende Rolle. Denn zum einen emittieren inversionssymmetri-
sche Kristalle beispielsweise keine Seitenbander ungerader Ordnung. Zum anderen
legt der Bandabstand von Elektron und Loch die maximale Photonenenergie der
HSG-Strahlung fest. Diese Umsténde wurden bereits genutzt, um charakteristische
Signaturen im HSG-Spektrum nachzuweisen, wenn der Valley-Pseudospin (englisch:
valleys als Bezeichnung fiir Bandtéler) mit atomar starken elektrischen Feldern in-
nerhalb weniger Femtosekunden umgeschaltet wird [Lanl8]. AuBerdem konnte die
Bandstruktur eines atomar diinnen Halbleiters rein optisch mittels HSG rekonstru-
iert werden [Bor20].

Mit einem ultrakurzen NIR-Impuls konnen kohérente Elektron-Loch-Paare im Ma-
terial zudem zu einem préizise definierten Injektionszeitpunkt t., angeregt werden.
Dadurch besitzen die Trajektorien der Ladungstrager nicht nur einen wohldefinierten
Wellenvektor, bei dem sie starten, sondern auch der Startzeitpunkt ihrer Bewegung
ist scharf festgelegt. Das erlaubt eine zeitliche Untersuchung der Ladungstragerdy-
namik [Lanl6]. Abbildung 2.7 zeigt die spektral- und zeitaufgeloste HSG-Emission
eines 60nm dicken WSe,-Volumenkristalls. Ein 10fs kurzer (Halbwertsbreite der
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2. Starkfeldkontrolle von Ladungstrédgern

Abbildung 2.7.| Zeitaufgelos-
1 te Elektron-Loch-Kollisionen.
Frequenz- und zeitaufgeloste HSG-
Emission Iysg eines 60nm  di-
cken WSe,y-Volumenkristalls. Ein
10fs kurzer NIR-Impuls regt zum
Zeitpunkt t. resonant zur Band-
licke kohérente Exzitonen im Ma-
terial an. Anschlieend beschleu-
nigt ein Multi-THz-Impuls (Erp,,
Wiss blaue Kurve) mit einer Zentral-
0 (THz) frequenz von wry, = 23THz
und einer Spitzenfeldstirke von
Epeax = 1TMV cm~! die Elektron-
Loch-Paare, was zu Kollisionen und
zur Emission von HSG-Strahlung
fithrt. Abbildung entnommen aus
[Lan16].
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Intensitatseinhiillenden; englisch: full width at half mazimum, kurz: FWHM), re-
sonanter NIR-Impuls regt dabei Exzitonen im Material an und ein hochintensiver
Multi-THz-Impuls mit einer Zentralfrequenz von 23 THz kollidiert die Ladungstré-
ger. Damit ist die Impulsdauer des NIR-Impulses kiirzer als eine Oszillationsdauer
des Multi-THz-Impulses. Fir jede Verzogerungszeit te, zwischen NIR- und Multi-
THz-Impuls wird die emittierte HSG-Strahlung spektral aufgelost.

Die HSG-Emission ist zeitlich stark moduliert. Fir eine Anregung der Ladungstri-
ger kurz nach jeder Feldspitze des Treiberfeldes wird maximal viel HSG-Strahlung
emittiert. Es gibt also optimale Injektionszeiten, die zu effizienten Quasiteilchen-
kollisionen und schlechte Zeitpunkte, die zu keinen geschlossenen Kollisionspfaden
fithren [Lan16]. Der hier realisierte Quasiteilchenbeschleuniger von gebundenen Exzi-
tonen demonstriert, dass Kollisionsexperimente auch in Festkorpern genutzt werden
konnen, um die Dynamik von wechselwirkenden Ladungstrégern prizise zu unter-

suchen.
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Kapitel

Vielteilchen-Korrelationen in WSes

Alone we can do so little; together we

can do so much.

— Helen Keller

Wie eben beschrieben, ionisieren intensive Lichtfelder Atome in Gasen und kolli-
dieren Elektronen mit ihrem Atomkern, was zu HHG fiihrt. In Festkorpern kon-
nen ahnlich dazu Quasiteilchenkollisionen ebenfalls zur Emission hochenergetischer
Strahlung fiihren. Als Quasiteilchen werden dafiir Bloch-Elektronen innerhalb ei-
nes Festkorpers beschleunigt, weshalb Vielteilchen-Wechselwirkungen die Bewegung
der Ladungstrager und damit auch die Quasiteilchenkollisionen beeinflussen sollten.
In dieser Arbeit soll der Effekt von Korrelationen auf die Trajektorie von Bloch-
Elektronen systematisch untersucht werden. Als Materialplattform bietet sich dafiir
Wolframdiselenid (WSe;) an, in dem die Stérke von Vielteilchen-Wechselwirkungen
durch die Dicke des Materials variiert werden kann.

Wolframdiselenid gehort zu den Ubergangsmetalldichalkogeniden, einer Klasse be-
sonders interessanter Halbleiter mit starken Korrelationen. Sie eignen sich hervor-
ragend fiir diese Arbeit, da insbesondere in diinnen Kristallen dieser Materialklasse
extrem erhéhte Coulomb-Wechselwirkungen auftreten. Im Grenzfall atomar diinner
Monolagen entsteht zudem der Freiheitsgrad des Valley-Pseudospins, der vollig neue
Wege fiir optoelektronische Anwendungen bereitet [Wan12]. Im Folgenden werden
die grundlegenden Eigenschaften von Ubergangsmetalldichalkogeniden und insbe-

sondere Wolframdiselenid erldutert, das in dieser Arbeit verwendet wird.
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3. Vielteilchen-Korrelationen in WSes

3.1. Kristall- und Bandstruktur von WSe,

Im Allgemeinen haben Ubergangsmetalldichalkogenide (englisch: transition metal
dichalcogenides, kurz: TMDCs) die Strukturformel MX,, wobei M fiir ein Ubergangs-
metall und X fiir ein Chalkogen steht [Wil69]. Die fiir die Optoelektronik wichtigsten
Vertreter dieser Materialklasse setzen sich aus den Ubergangsmetallen Wolfram (W)
oder Molybdén (Mo) und den Chalkogenen Selen (Se), Tellur (Te) oder Schwefel (S)
zusammen und zéhlen zu den Halbmetallen und Halbleitern [Mak10, Eft17].

Die Atome in diesen Materialien sind in einzelnen atomar diinnen Lagen angeordnet,
innerhalb derer zwischen den Konstituenten starke kovalente Bindungen bestehen.
Zwischen den einzelnen Atomschichten wirken jedoch nur schwache van-der-Waals-
Kréfte, weshalb sich leicht mikrometergrofe Monolagen mechanisch abtragen lassen.
Abbildung 3.1a zeigt das hexagonale Gitter einer einzelnen Atomschicht am Beispiel
von WSe,. Eine Monolage von Ubergangsmetalldichalkogeniden besitzt ein Dreiecks-
gitter mit einer zweiatomigen Basis und zeigt zwei Hochsymmetrierichtungen, die
zigzag- (roter Pfeil) und die armchair-Richtung (blauer Pfeil). Mit ihrer dreizih-
ligen Rotationssymmetrie gehort diese Kristallstruktur zur Raumgruppe Dsgy,. Die
Seitenansicht (siehe Abb. 3.1b) veranschaulicht die Anordnung der Konstituenten
innerhalb einer Monolage. Eine Schicht von Halbmetall-Atomen (hier Wolfram) wird
dabei von zwei Schichten Chalkogen-Atomen (hier Selen) umgeben [Vo99].

TMDCs koénnen zwei verschiedene Konfigurationen, 3R und 2H, einnehmen, die sich
in der Stapelreihenfolge der einzelnen Atomschichten unterscheiden [Wil69]. Beim
selteneren 3R-Polytyp ist die Stapelreihenfolge A-B-C, wodurch das Kristallgitter
eine rhomboedrische Struktur annimmt. In dieser Arbeit wird die haufiger vorkom-
mende Variante 2H-WSe, mit der Stapelreihenfolge A-B-A verwendet. Benachbarte
Schichten innerhalb einer Monolage sind dabei um je 180° zueinander verdreht, wo-
durch mittig in jedem Dreiecksprisma, das von Chalkogen-Atomen aufgespannt wird,
ein Halbmetall-Atom sitzt. In dieser Stapelung befindet sich das Wolfram-Atom ei-
ner Monolage exakt iiber den Selen-Atomen der benachbarten Monolage (siehe 3.1b).
Das heifit nicht nur benachbarte Atomschichten, sondern auch benachbarte Mono-
lagen werden um 60° beziehungsweise 180° zueinander verdreht. Dadurch entsteht
fiir Volumenkristalle eine hexagonale Struktur, die zur Dg,-Symmetriegruppe gehért

und deren Einheitszelle in Abbildung 3.1c dargestellt ist. Die Atome einer einzelnen
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3.1. Kristall- und Bandstruktur von WSe,

Abbildung 3.1.| Kristallstruktur von 2H-WSe,. a, Draufsicht eines WSe,-
Kristalls. Die Selen- (rot) und Wolfram-Atome (blau) formen eine Honigwaben-
struktur, bei der zwischen der zigzag- (roter Pfeil) und der armchair-Richtung (blau-
er Pfeil) als Hochsymmetrierichtungen unterschieden wird. b, Seitenansicht zweier
durch die schwache van-der-Waals-Wechselwirkung gebundenen Kristallschichten,
die einen Volumenkristall aufbauen. Benachbarte Schichten sind um 60° zueinan-
der verdreht. ¢, Hexagonale Einheitszelle eines WSes-Volumenkristalls, bei der die
Stapelreihenfolge A-B-A zu erkennen ist. Die Gitterkonstante betrigt a = 3,285 A
und der Abstand der Atomschichten innerhalb einer Lage z = 1,671 A, wéhrend be-
nachbarte Lagen einen groeren Abstand von w = 3,133 A aufweisen [Fin97, VoB99).
Insgesamt misst die Hohe der gezeigten Einheitszelle damit ¢ = 12,950 A.

Schicht sind a = 3,285 A und benachbarte Atomschichten innerhalb einer Monolage
z = 1,671 A voneinander entfernt. Der Abstand benachbarter Monolagen ist mit
w = 3,133 A etwa doppelt so groB. Insgesamt ergibt sich damit eine Hohe der Ein-
heitszelle von ¢ = 12,950 A [Fin97, VoB99)].

Aufgrund der Stapelreihenfolge A-B-A einzelner Atomschichten ist die Inversions-
symmetrie in einer 2H-WSey-Monolage gebrochen [Xial2]. Dadurch besitzt sie eine
endliche Suszeptibilitit zweiter Ordnung x® [Lil3]. Das erméglicht die Erzeugung
der zweiten Harmonischen (englisch: second-harmonic generation, kurz: SHG) von
eingestrahltem Licht, womit die kristallografischen Hochsymmetrierichtungen einer
Monolage bestimmt werden kénnen. Bei einer Bilage WSe, dagegen existiert ein
Inversionszentrum zwischen den beiden Monolagen. Insgesamt weisen Volumenkris-
talle mit einer ungeraden Anzahl an Lagen kein Inversionszentrum und nur eine
dreizéhlige Drehsymmetrie auf, wihrend Kristalle mit einer geraden Anzahl an La-

gen ein Inversionszentrum und eine sechsfache Drehsymmetrie besitzen.
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3. Vielteilchen-Korrelationen in WSes
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Abbildung 3.2.| Bandstruktur von WSe,. a, Hexagonale Brillouinzone von
WSe, mit den Hochsymmetriepunkten I'; M und K. Die I' — M-Richtung entspricht
dabei der armchair- und die I'—K-Richtung der zigzag-Richtung. b, ¢, Bandstruktur
eines WSey-Volumenkristalls (b) und einer Monolage (c). Zwischen Valenz- (rot) und
Leitungsband (blau) befindet sich im Fall des Volumenkristalls eine indirekte und im
Fall der Monolage eine direkte Bandliicke. Die lila Pfeile zeigen den entsprechenden
Ubergang.

Doch nicht nur die Symmetrie von TMDCs andert sich, wenn ihre Schichtdicke va-
riiert wird. Viel wichtiger fiir Anwendungen ist, dass sich damit auch ihre elektroni-
schen Eigenschaften mafischneidern lassen. Das lasst sich bereits in der Bandstruktur
erkennen, in der fiir ein hexagonales Kristallgitter die drei Hochsymmetriepunkte T,
M und K existieren (sieche Abb. 3.2a). Beim Volumenkristall WSe, (sieche Abb. 3.2b)
tritt das Maximum des Valenzbandes (rot) am I'-Punkt und das Minimum zwischen
K- und I'-Punkt auf. Damit ist dieses Material ein indirekter Halbleiter. Der di-
rekte Ubergang mit niedrigster Energie zwischen den beiden Béindern geschieht am
K-Punkt. Hier besitzen die elektronischen Zustdnde in Valenz- und Leitungsband
ungefiahr die gleiche Energie wie im globalen Maximum des Valenz- beziehungsweise
Minimum des Leitungsbandes.

Am K-Punkt werden Valenz- und Leitungsband hauptsachlich durch dy2_2- und d,-
Orbitale der Ubergangsmetalle gebildet [Liul3, Liul5]. Damit sind Bloch-Elektronen
am K-Punkt vor allem innerhalb einer einzelnen Atomschicht delokalisiert und rei-
chen nicht in benachbarte Lagen [Wanl2, Zenl3]. Im Gegensatz dazu werden die
Binder am I-Punkt durch d,-Orbitale der Ubergangsmetalle und p,-Orbitale der
Chalkogen-Atome aufgebaut, sodass hier Elektronen zwischen den einzelnen Mo-
nolagen tberlappen [Liul3, Liul5]. Insgesamt bleibt die Bandliicke am K-Punkt

damit unabhéngig von der Dicke des Kristalls ungefahr konstant, wihrend sich
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3.2. Spin-Tal-Kopplung

die Béander am I'-Punkt durch die Anzahl an Lagen im Kristall beeinflussen las-
sen [Kuml2, Yehl5]. Tatsdchlich fithrt eine Ausdinnung auf wenige Lagen be-
ziehungsweise hin zu einer einzelnen Monolage dazu, dass das Valenzband am I'-
Punkt energetisch absinkt und das Leitungsband zwischen I' und K ansteigt. Als
Folge nehmen TMDCs als Monolage eine direkte Bandliicke am K-Punkt an (sie-
he Abb. 3.2¢), wihrend bei Volumenkristallen eine indirekte Bandliicke vorliegt
[Mak10, Spl10, Tonl3, Zhal4]. Da die Photolumineszenz von Materialien mit ei-
ner direkten Bandliicke vielfach starker als die von indirekten Halbleitern ist, kann
diese Lichtemission genutzt werden, um eine Monolage von einem Volumenkristall

zu unterscheiden und im Experiment zu finden (vgl. Abb. 4.8b).

3.2. Spin-Tal-Kopplung

Neben der bemerkenswerten Eigenschaft von TMDCs, dass sich die Natur ihrer
Bandliicke von indirekt zu direkt dndert, wenn der Kristall auf eine einzige Monolage
ausgediinnt wird, &ndert sich wie oben diskutiert auch die Symmetrie des Kristalls.
Denn im Gegensatz zu einem Volumenkristall ist eine Monolage nicht inversions-
symmetrisch. Daraus folgen auch Symmetrieargumente fiir die Bandstruktur e(k)

und es gilt fiir die Monolage mit gebrochener Inversionssymmetrie im Allgemeinen

£1(k) # £1(~k), (3.1)

denn der Spin eines Elektrons (1 fiir Spin up, | fir Spin down) adndert sich bei
Inversion des Systems nicht. Zeitgleich ist in der Monolage aber dennoch die Zeit-
umkehrsymmetrie erhalten, weshalb Zustdnde bei gegensétzlichem Spin und Kris-

tallimpuls entartet sein miissen:

e1(k) = ex(—k). (3.2)

Insgesamt ist damit die Spinentartung von Béndern in einem Material ohne Inver-

sionssymmetrie, aber mit Zeitumkehrsymmetrie, aufgehoben:

e1(k) # &, (K). (3.3)
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Abbildung 3.3. | Spin-Tal-Kopplung. a, Schema der spinpolarisierten Valenz-
und Leitungsbéander einer WSes-Monolage. Die Spintextur der Bander (blaue Fla-
che, Spin ,up“; rote Fliache, Spin ,down“) am K- und K'-Punkt ist invertiert, so-
dass links- (6~) beziehungsweise rechts-zirkular polarisiertes Licht (o) resonant zur
Bandliicke nur Ubergénge im K- beziehungsweise K’-Tal verursacht. Ladungstriger
(rote und blaue Kugeln) kénnen damit nur in einem spezifischen Tal oder mit linear
polarisiertem Licht in beiden Télern gleichméafig angeregt werden. b, ¢, Bandstruk-
tur einer WSey-Monolage entlang der zigzag- (b, roter Pfeil in a) und entlang der
armchair-Richtung (c, blauer Pfeil in a) mit dazugehériger Spintextur (blau, Spin
»up“; rot, Spin ,down*). Entlang der zigzag-Richtung ist die Symmetrie um K und
K’ gebrochen, was durch den blauen und schwarzen Pfeil verdeutlicht ist.

Im konkreten Fall einer WSey-Monolage besteht das Valenzband wie oben beschrie-
ben vor allem aus d,2_,2- und dgy-Orbitalen der Wolfram-Atome [Liul3, Liul5].
Aufgrund der hohen magnetischen Quantenzahl m = 2 und den schweren Wolfram-
Atomen ist hier die Spin-Bahn-Kopplung besonders stark, und fithrt zu einer Spin-
aufspaltung des Valenzbandes von etwa 460 meV [Ram12, Xial2, Zenl13].

Da die hexagonale Kristallstruktur einer WSey-Monolage aus einer zweiatomigen
Basis verschiedener Atome besteht, treten an den Ecken in der hexagonalen Bril-
louinzone die beiden indquivalenten Punkte K und K’ auf (sieche Abb. 3.3a). An
ihnen ist aufgrund der Zeitumkehrinvarianz die Spinaufspaltung der Bénder gegen-

siitzlich und sie werden in der Regel als Tdler bezeichnet. Je nachdem, welches Tal
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3.2. Spin-Tal-Kopplung

betrachtet wird, liegt entweder das Valenzband mit Spin up (blaue Fliche) oder
mit Spin down (rote Fléche) energetisch hoher. Rechts-zirkular polarisiertes Licht
(o7), das resonant zur Bandliicke ist, kann demnach nur an das K’-Tal koppeln
und dort Ladungstréger (rote und blaue Kugeln) anregen. Im anderen Tal kann nur
links-zirkular polarisiertes Licht Uberginge treiben, weshalb es in WSeo-Monolagen
zu einem zirkularen Dichroismus kommt [Caol2]. Da auf diese Weise der Spin der
Ladungstrager fest an das entsprechende Tal gekoppelt ist, wird auch vom Valley-
Pseudospin gesprochen. Dieser kann durch den Polarisationszustand des eingestrahl-
ten Lichts direkt kontrolliert werden: Wéhrend zirkular polarisiertes Licht nur an
einem Tal Ladungstrager anregt, verteilen sich diese fiir linear polarisiertes Licht auf
beide Téler gleichméBig (transparente Kugeln).

Dartiber hinaus ist die Streuung von Ladungstriagern aus einem Tal in ein an-
deres aufgrund der stark unterschiedlichen Wellenvektoren erheblich unterdriickt
[Wan12, Jon13]. Innerhalb eines einzelnen Tals dephasieren die Ladungstriger eben-
falls nur langsam aufgrund der Spinaufspaltung der Béander. Der Valley-Pseudospin
bleibt also lange erhalten [Mak12], weshalb er als Informationstriger in der soge-
nannten Valleytronik eingesetzt wird [Sch16]. 2018 gelang es Langer et al. den Valley-
Pseudospin innerhalb einer einzigen Lichtschwingung zu schalten, indem zirkular
polarisiertes Licht Ladungstrédger in einem Tal anregt und sie ein starkes Lichtfeld
innerhalb weniger Femtosekunden ins andere Tal transportiert [Lan18]. Das Gebiet
der Lichtwellenelektronik mit dem der Valleytronik zu kombinieren, legt das Funda-
ment fir eine ultraschnelle Kontrolle des Valley-Pseudospins.

In der genannten Arbeit wurde zudem gefunden, wie Symmetrien der Bandstruktur
die Emission von HSG-Strahlung beeinflussen. Vom K’-Tal einer WSey-Monolage
ausgehend, hin zum K-Tal (siche Abb. 3.3a, roter Pfeil), wird die zigzag-Richtung
durchlaufen. Hier ist die Symmetrie der Bénder gebrochen (siche Abb. 3.3b) und in
Richtung des K-Tals steigt das Band schneller an (schwarzer Pfeil) als in Richtung
des I'-Punktes (blauer Pfeil). Fir die armchair-Richtung ist das nicht der Fall und
die Bénder verlaufen in gegensétzlichen Richtungen symmetrisch (siche Abb. 3.3c).
Dadurch werden bei Beschleunigung der Ladungstréger entlang der zigzag-Richtung
ungerade Ordnungen im HSG-Spektrum erzeugt, entlang der armchair-Richtung

dagegen nicht [Lanl8].

27



3. Vielteilchen-Korrelationen in WSes

3.3. Gebundene Elektron-Loch-Paare

Bisher wurden nur Symmetrien und die Bandstruktur von TMDCs betrachtet, wes-
halb sich die Beschreibung auf das Ein-Teilchen-Bild beschréankt hat. Wie zu Beginn
dieser Arbeit dargestellt, spielen allerdings Vielteilchen-Korrelationen eine wesent-
liche Rolle in Festkorpern und bestimmen mafigeblich deren Eigenschaften. Bei-
spielsweise betragt die Bandliicke einer WSep-Monolage unter Vernachlédssigung der
Vielteilchen-Wechselwirkungen 1,88V [Bor20]. In Experimenten konnen jedoch Re-
sonanzen unterhalb dieser Energie beobachtet werden [Arol5, Chel4, Hel4, Poel5].
Das liegt an der Bildung der anfangs eingefiihrten Exzitonen, die iiber das Ein-
Teilchen-Bild der Bandstruktur hinausgehen [Wan37]. Bei ihnen handelt es sich um
gebundene Zustande von Elektron-Loch-Paaren. Wird ein Elektron aus dem Valenz-
ins Leitungsband angeregt, lasst es im Valenzband ein Loch zuriick. Das verhalt sich
wie ein positiv geladenes Teilchen, das in das Valenzband eingebracht wurde. Zwi-
schen dem negativ geladenen Elektron und dem positiv geladenen Loch wirkt die
anziehende Coulomb-Wechselwirkung wie in einem Wasserstoff-Atom, was zu einer
Absenkung der Bandliicke fiihrt.

Beim Loch handelt es sich dabei nicht um ein reales Teilchen, sondern um ein Qua-
siteilchen. Denn eigentlich wechselwirkt das Elektron im Leitungsband mit allen
verbliebenen Elektronen im Valenzband sowie allen Atomen im Kristallgitter. Alle
diese Interaktionen konnen aber so aufgefasst werden, als wiirde das Elektron im
Leitungsband lediglich mit einem einzigen fiktiven Teilchen wechselwirken. Diese
Beschreibung mithilfe von Quasiteilchen, wie sie in der Einleitung dieser Arbeit an-
gesprochen wurde, vereinfacht die Beschreibung des Systems erheblich [Che01].

In gew6hnlichen Halbleitern sind Elektron-Loch-Paare unter anderem aufgrund der
niedrigen effektiven Massen nur schwach gebunden und zeigen Bindungsenergien im
Bereich weniger Millielektronenvolt [Grul6]. Da die thermische Energie bei Raum-
temperatur mit 25 meV diese Bindungsenergien oft tibersteigt, sind fiir die Beob-
achtung von Exzitonen in diesen Materialien iiblicherweise extrem niedrige Tempe-
raturen notwendig. Diese Hiirde verschwindet bei TMDCs, da hier die exzitonische
Bindungsenergie eines Volumenkristalls bei etwa 60 meV liegt. Prinzipiell wird aber
in jedem Volumenkristall das elektrische Feld zwischen Elektron und Loch durch das

Material selbst abgeschirmt (siehe Abb. 3.4a), wodurch die exzitonische Bindungs-
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Abbildung 3.4. | Exzitonen in WSe»-Volumenkristall und Monolage. a, Im
Volumenkristall kénnen ein negativ geladenes Elektron (blaue Kugel) und ein posi-
tiv geladenes Loch (rote Kugel) ein gebundenes wasserstoffahnliches Exziton formen.
Die elektrischen Feldlinien zwischen den beiden Ladungstrigern reichen dabei bis
in umliegende Kristallschichten mit dielektrischer Konstante ewse,. b, In einer Mo-
nolage verlaufen die elektrischen Feldlinien sowohl im Substrat (eg) als auch im
Vakuum (), wo die dielektrische Abschirmung schwicher als im Kristall selbst
ist. Dadurch wird der Bohr-Radius reduziert und die exzitonische Bindungsenergie
erhoht. ¢, Bei Raumtemperatur gemessenes Absorptionsspektrum eines 60 nm di-
cken WSey-Volumenkristalls (Bulk, blau) und einer WSea-Monolage (ML, rot). Zur
besseren Veranschaulichung wurde die Absorption der Monolage mit einem Faktor
zehn skaliert. Der Volumenkristall zeigt ein Absorptionsmaximum bei 1,627 ¢V und
die Monolage bei 1,665 ¢V. Die Absorption der Monolage entspricht hier etwa 5 %.
Anhand der messbaren Photolumineszenz (lila) kann die Monolage im Experiment
identifiziert werden.

energie verringert wird [Wan18]. In atomar diinnen Kristallen wirkt das elektrische
Feld zwischen den Ladungstragern aber auch auflerhalb des Festkérpers. Im Fall
einer WSey-Monolage, die auf einem Diamantsubstrat aufgebracht ist, werden die
elektrischen Feldlinien im Substrat nur schwach und im Vakuum gar nicht abge-
schirmt (siehe Abb. 3.4b). Zusétzlich sind die Ladungstréger in einer atomar din-
nen Schicht raumlich stérker begrenzt als in einem Volumenkristall, was zusammen
mit der geringeren dielektrischen Abschirmung zu einem kleineren Bohr-Radius und
einer hoheren exzitonischen Bindungsenergie fithrt [Yan91, Hau09]. In einer WSe,-
Monolage auf einem Diamantsubstrat erhoht sich die exzitonische Bindungsenergie
damit fast um einen Faktor fiinf auf bis zu 295 meV [Wan18]. Der genaue Wert der
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Bindungsenergie ist auch abhéngig von der Dichte an gebundenen Elektron-Loch-
Paaren und kann zum Beispiel durch die Ubergangsenergie der 1s-2p-Resonanz be-
stimmt werden [Poel5].

Vielteilchen-Korrelationen modifizieren also elektronische Eigenschaften von Fest-
korpern. Beispielsweise verschiebt die Coulomb-Anziehung als Zwei-Teilchen-Korre-
lation Resonanzen in einem Kristall, da Elektronen mit weniger Energie ins Leitungs-
band angeregt werden konnen, wenn sie einen gebundenen exzitonischen Zustand
eingehen. Absorptionsmessungen an einem WSes-Volumenkristall (siche Abb. 3.4c,
blaue Kurve) zeigen eine Resonanz bei 1,627 eV, was der optischen Bandliicke, also
dem Ubergang eines Elektrons vom Valenzband in den 1s-Zustand des Exzitons, ent-
spricht. Dabei kann auch schon Licht mit niedrigerer Photonenenergie Uberginge in-
duzieren, was auf die indirekte Bandliicke zuriickzufithren ist. Eine WSes-Monolage
absorbiert aufgrund der ultimativ kurzen Interaktionslinge nur maximal 5% des
eingestrahlten Lichts bei der 1s-Resonanz mit einer Energie von 1,665¢eV (rote Kur-
ve). Insgesamt liegen die beiden direkten Uberginge mit niedrigster Energie von
Volumenkristall und Monolage damit bis auf 40 meV beisammen. Aufgrund der di-
rekten Bandlicke der Monolage kann auch deutliche Photolumineszenz beobachtet
werden (lila Kurve). Damit kénnen im Experiment (vgl. Abb. 4.8b) atomar diinne
Bereiche des WSey-Kristalls identifiziert werden.

Durch das Ausdiinnen auf einzelne Monolagen lassen sich in TMDCs Vielteilchen-
Wechselwirkungen empfindlich beeinflussen. Ein weiterer Freiheitsgrad, um Korre-
lationen mafzuschneidern, ergibt sich, wenn einzelne Monolagen wieder gestapelt
werden [Geil3]. Dabei konnen nicht nur verschiedene Materialsorten kombiniert wer-
den, sondern zusétzlich auch der Drehwinkel zwischen Monolagen angepasst werden
[Kun18, Mer19, Mei23a]. Das kann unter anderem zu Bose-Einstein-Kondensation

[Su08], einem Mott-Isolatorzustand [Caol8a] oder Supraleitung fithren [Caol8b].
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Kapitel I

Atomar starke Felder mit
Attosekunden-Stabilitat

The most fun part of my day is when I

get to play with my lasers.

— Donna Strickland

Obwohl Vielteilchen-Wechselwirkungen also eine wichtige Rolle in der Festkorper-
physik spielen [Basll], konnte ihr Einfluss auf die Trajektorie von delokalisierten
Bloch-Elektronen bisher nicht direkt in der Zeitdoméne beobachtet werden. Ei-
ne fundamentale Herausforderung besteht dabei in der niedrigen Elektronenmasse,
weshalb die Elektronendynamik auf der Femtosekunden-Zeitskala oder sogar noch
schneller ablduft. Deshalb sollten Signaturen von Vielteilchen-Effekten ebenfalls nur
auf der Femto- oder Attosekunden-Zeitskala beobachtet werden konnen.
Zeitgleich ist der relevante Energiebereich fiir Bloch-Elektronen und ihre Wechsel-
wirkungen typischerweise die Millielektronenvolt-Energieskala, weshalb Multi-THz-
Felder bestens geeignet sind, um korrelationsbasierte Phanomene zu untersuchen.
Die entscheidende Herausforderung besteht nun darin, die Attosekunden-Zeitskala
mit der Millielektronenvolt-Energieskala zu kombinieren. Eigentlich sind diese Ska-
len aufgrund der Energie-Zeitunschérfe entkoppelt, die fiir gauBiférmige Lichtimpulse
mit spektraler Bandbreite Av (FWHM) eine Mindestimpulsdauer At (FWHM) ge-
maf

Av - At > 0.44, (4.1)
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4. Atomar starke Felder mit Attosekunden-Stabilitat

vorschreibt. Niederenergetische Multi-THz-Felder mit Oszillationsdauern im Bereich
einiger zehn Femtosekunden sind daher nicht schnell genug, um der Attosekunden-
dynamik von Ladungstrégern zu folgen. Allerdings gilt die Unschérferelation nicht
fiir den Zeitversatz zwischen zwei Lichtimpulsen, der beliebig genau eingestellt wer-
den kann. Ein Quasiteilchenbeschleuniger, der Korrelationen in einem Festkorper
untersuchen soll, nutzt demnach idealerweise erst einen NIR-Impuls, der resonant
kohérente Elektron-Loch-Paare in WSe, anregt und dann ein intensives Multi-THz-
Feld, das die Ladungstrager kollidiert. Fiir die notwendige zeitliche Attosekunden-
Préazision missen die Wellenform des Treiberfeldes extrem stabil und der Zeitversatz
zwischen den beiden Lichtimpulsen entsprechend genau kontrollierbar sein. Das wird
durch passive und aktive Stabilisierungsmechanismen erreicht und durch eine kon-
tinuierliche Referenzierung des zeitlichen Uberlapps zwischen den beiden Impulsen
laufend tiberwacht. Die erreichte zeitliche Prézision betrigt damit wenige hundert
Attosekunden. Im Folgenden wird der experimentelle Aufbau mit den zugehorigen

Stabilisierungsmechanismen erlautert.

4.1. Optisch parametrischer Verstarker

Die Lichtquelle fiir den optischen Aufbau ist ein kommerzieller Titan-Saphir-Oszilla-
tor (Ti:Sa). Dieser emittiert mit einer Repetitionsrate von 80 MHz Lichtimpulse mit
einer Zentralwellenlénge von A. = 793nm und einer spektralen Bandbreite von
AX = 80nm (FWHM). Damit erreichen sie Impulsdauern von etwa 10fs. In einem
zweistufigen Ti:Sa-Verstéarker wird die Impulsenergie der Oszillator-Impulse von 6 nJ
auf letztendlich 5,5mJ gesteigert. Dazu wird das Prinzip der Verstérkung gechirp-
ter Impulse verwendet, fiir dessen Entwicklung der Nobelpreis in Physik 2018 an
Gérard Mourou und Donna Strickland verlichen wurde [Str85]. Die Lichtimpulse
aus dem Oszillator werden dafiir zuerst an einem optischen Gitter zeitlich gestreckt.
Dieser Schritt ist notwendig, um Schéden in nachfolgenden optischen Komponenten
durch zu hohe Spitzenintensitaten vorzubeugen. In einem zweiten Schritt durchlau-
fen die gechirpten Impulse eine regenerative Verstéarkerstufe. Dabei handelt es sich
um einen optisch gepumpten Ti:Sa-Kristall in einem Spiegelresonator. Zwei Pockels-
zellen steuern die Ein- und Auskopplung der Impulse in den Resonator und passen
dabei die Repetitionsrate des Systems auf 3kHz an. Nach 16 Durchldufen durch
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4.1. Optisch parametrischer Verstarker

das optisch aktive Medium passiert der Lichtimpuls noch eine zweite Verstarkerstu-
fe, in der seine Impulsenergie auf 5,5mJ gesteigert wird. Wahrend der Verstéarkung
andert sich auch das Spektrum des Lichtimpulses, das am Ende eine Zentralwellen-
linge A = 807 nm mit einer Bandbreite AX = 35nm (FWHM) aufweist. Im letzten
Schritt korrigiert ein Gitterkompressor den zeitlichen Chirp des Impulses, der dann
eine Impulsdauer von 31 fs erreicht.

Dieser Lichtimpuls erzeugt spater das im Experiment verwendete hochintensive
Multi-THz-Feld mittels Differenzfrequenzerzeugung zweier leicht verstimmter Im-
pulse [Sel08, Krall]. Dafiir muss die Zentralwellenlinge des Verstarker-Impulses an-
gepasst werden, was in dieser Arbeit durch einen optisch parametrischen Verstarker
(englisch: optical parametric amplifier, kurz: OPA) erreicht wird. Genauer handelt
es sich dabei um einen zweistufigen Doppel-OPA, der zwei Impulse mit unterschied-
lichen Zentralwellenldngen emittiert. Abbildung 4.1 zeigt schematisch den experi-
mentellen Aufbau, der 85 % der optischen Ausgangsleistung des Ti:Sa-Verstéirkers
nutzt. Zunédchst wird der Verstiarker-Impuls durch mehrere Strahlteiler in fiinf Im-
pulse aufgeteilt, von denen vier als Pumpimpulse fiir die beiden Verstérkerstufen
des Doppel-OPAs fungieren. Der fiinfte Impuls wird in einen Saphir-Kristall fokus-
siert, wo er zu zahlreichen nichtlinearen Effekten fiihrt. Unter anderem kommt es
zur Selbstfokussierung, wodurch die Spitzenintensitat im Kristall sehr hohe Werte
erreicht und der nichtlineare Prozess der Selbstphasenmodulation effizient ablauft
[Bro99, Cou07, Pas08]. Dadurch wird das Licht spektral stark verbreitert, und ein
sogenanntes Superkontinuum, das eine ganze optische Oktave umspannen kann, ent-
steht. Der folgende Zinkselenid-Kristall (ZnSe) mit hoher Dispersion chirpt das Su-
perkontinuum. Anschlieflend wird das Licht durch einen Strahlteiler auf die beiden
zweistufigen OPAs aufgeteilt und fungiert als Signalwelle fiir den nichtlinearen Pro-
zess der parametrischen Verstarkung [Tzal2, Pet10].

Dafiir wird das Superkontinuum in einer ersten Stufe nichtkollinear mit einem in-
tensiven Pumpimpuls in einen Bismuttriborat-Kristall (BiBO) fokussiert. Dadurch
wird das Pumplicht in zwei spektrale Komponenten konvertiert, von denen eine
mit der Photonenenergie des Signallichts tbereinstimmt. Die genaue Wellenlédnge
des so verstarkten Teils des Superkontinuums kann einerseits durch die Phasenan-
passung im doppelbrechenden BiBO-Kristall und andererseits durch den zeitlichen

Uberlapp zwischen Pump- und gechirptem Signallicht eingestellt werden. Der zu-
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Abbildung 4.1.|Schematischer Aufbau des zweistufigen Doppel-OPAs.
Vom Ti:Sa-Verstarker emittierte Lichtimpulse mit einer Zentralwellenldnge von
Ac = 807nm und einer Impulsenergie von ep = 4,7mJ pumpen den optisch pa-
rametrischen Verstérker. Nach mehreren Strahlteilern erzeugt ein kleiner Bruchteil
des Lichts in einem Saphir-Kristall (Sapphire) ein Superkontinuum, das in einem
Zinkselenid-Kristall (ZnSe) zeitlich gestreckt und anschliefend auf zwei separate
OPAs aufgeteilt wird. Hier werden das zuvor abgetrennte Pumplicht und das Su-
perkontinuum nichtkollinear in einen Bismuttriborat-Kristall (BiBO) fokussiert, wo-
durch der mit dem Pumplicht zeitlich iberlappende spektrale Teil des Superkontinu-
ums verstarkt wird. Fiir OPA A liegt der verstérkte Spektralbereich bei A = 1,33 pm
und fiir OPA B bei A = 1,2 um. Dieser Prozess wird in einer zweiten Verstéarkerstufe
(Stage 2) in einer kollinearen Geometrie wiederholt. Zuletzt trennen zwei dichroiti-
sche Strahlteiler (F1 und F2) das verstiarkte Licht vom verbliebenen Pumplicht.

géngliche Wellenldngenbereich liegt zwischen 1,1 pm und 1,7 pm. In einer zweiten
Stufe wird die Signalwelle kollinear mit einem intensiven Pumpimpuls in einen wei-
teren BiBO-Kristall fokussiert, wodurch erneut der Prozess der optisch parametri-
schen Verstarkung ablduft. Nachdem spektrale Filter unerwiinschtes Licht von der
Signalwelle separieren, besitzt diese eine Impulsenergie von 0,4 mJ. In dieser Arbeit
werden die OPA-Impulse konstant bei einer Zentralwellenlinge von A\, = 1,33 pm
(OPA A) beziehungsweise A. = 1,2pm (OPA B) gehalten. Damit unterscheiden sich
die Photonenenergien um 25 THz, weshalb spater mittels Differenzfrequenzerzeu-

gung hochintensive Felder im Multi-THz-Bereich generiert werden kénnen.
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4.2. Intensive, phasenstarre Multi-THz-Felder

Abbildung 4.2 zeigt schematisch den Messaufbau fiir die Erzeugung dieser Multi-
THz-Felder. Zunéachst dreht ein Periskop den Polarisationszustand des Impulses aus
OPA A, sodass die beiden OPA-Impulse senkrecht zueinander polarisiert sind. Die
so realisierte Typ-I1I-Phasenanpassung bei der Differenzfrequenzerzeugung spéter ist
iiber einen breiten spektralen Bereich erfiillt. Die resultierende Multi-THz-Strahlung
erreicht somit moglichst kurze Impulsdauern und damit auch sehr hohe Spitzenfeld-
starken [Pas08].

Von OPA-Arm B wird ein kleiner Teil der optischen Leistung an einem Strahltei-
ler abgetrennt, womit spéter ultrakurze NIR-Impulse erzeugt werden, was Kapi-
tel 4.3 genauer beschreibt. Ein dichroitischer Spiegel (DM) tiberlagert den durch
den Strahlteiler transmittierten Impuls aus OPA B mit dem Impuls aus OPA A.
AnschlieBend halbiert ein mechanischer Lichtzerhacker (C) die Wiederholrate der
beiden OPA-Impulse auf 1,5kHz. Damit kann spéater das elektrische Feld der er-
zeugten Multi-THz-Impulse per Modulationstechnik abgetastet werden. Ein Linsen-
teleskop verringert den Modendurchmesser der beiden OPA-Impulse, um die Ef-
fizienz der Multi-THz-Erzeugung mittels Differenzfrequenzerzeugung zu erhéhen.
Diese geschieht direkt im Anschluss daran in einem 430 pm dicken Galliumselenid-
Kristall (GaSe). Danach werden die eben erzeugten Multi-THz-Impulse vom verblie-
benen Generationslicht durch einen Germanium-Wafer (Ge) separiert. Germanium
besitzt eine Bandliicke von 160 THz und transmittiert damit die niederenergetische
Multi-THz-Strahlung, wahrend die OPA-Impulse reflektiert beziehungsweise absor-
biert werden. Die isolierten Multi-THz-Impulse weisen dann eine Zentralfrequenz
von v, = 25THz und eine Impulsenergie von ep = 5pJ auf. In dieser Arbeit wird
die Phasenanpassung im GaSe-Kristall so gewéhlt, dass die Multi-THz-Strahlung
horizontal polarisiert ist.

Dieses Multi-THz-Feld kollidiert spater Elektron-Loch-Paare. Damit dieser Prozess
zeitaufgelost untersucht werden kann, ist es von fundamentaler Wichtigkeit, dass sich
die exakte Wellenform aufeinanderfolgender Multi-THz-Impulse nicht unterscheidet.
Insbesondere muss die Triger-Einhiillenden-Phase (englisch: carrier envelope phase,
kurz: CEP) konstant gehalten werden. Diese Voraussetzung wird dadurch erfiillt,

dass die beiden OPA-Impulse aus dem gleichen Weiflicht erzeugt werden. Pha-
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Abbildung 4.2.|Erzeugung hochintensiver, aktiv CEP-stabilisierter
Multi-THz-Impulse. Die aus dem Doppel-OPA emittierten, horizontal polarisier-
ten Impulse durchlaufen jeweils ein Periskop, wobei der Polarisationszustand des
Lichts aus OPA A vertikal gedreht wird. Die relative optische Weglange tcgp dieses
Arms im Vergleich zu OPA B kann zuséatzlich noch mit Glaskeilen nanometergenau
kontrolliert werden. Ein kleiner Teil der optischen Ausgangleistung von OPA B, der
an einem Strahlteiler (BS) reflektiert wird, erzeugt spéter ultrakurze Abtastimpul-
se. Der transmittierte Teil wird durch einen dichroitischen Spiegel mit dem Licht
aus OPA A iiberlagert und zur Erzeugung der Multi-THz-Wellenformen verwendet.
Dazu wird der Modendurchmesser iiber ein Linsenteleskop (L1 und L2) verkleinert,
was die Konversionseffizienz der Differenzfrequenzerzeugung in einem 430 pm dicken
Galliumselenid-Kristall (GaSe) erhoht. Die so erzeugte Multi-THz-Strahlung mit ei-
ner Zentralfrequenz von v, = 25 THz und einer Impulsenergie von ep = 51J wird
dann noch durch einen Germanium-Wafer (Ge) von den beiden OPA-Impulsen ge-
trennt. Fiir die aktive Stabilisierung der CEP der Multi-THz-Wellenform spaltet ein
Glasplattchen (GP) einen Bruchteil der beiden senkrecht zueinander polarisierten
OPA-Impulse ab und analysiert den Polarisationszustand ihres spektralen Uberlapps
mit einem Bandpassfilter (BP), einem A/4-Pléttchen und einem Wollaston-Prisma
(WP). Dieses Signal speist einen Regler, der dann den relativen Zeitversatz tcpp
anpasst.

senfluktuationen der Ti:Sa-Verstédrker-Impulse wirken sich somit auf beide OPA-
Impulse gleichermaflen aus und bei der Differenzfrequenzerzeugung kiirzen sie sich,
was die resultierende Multi-THz-Strahlung passiv phasenstarr macht.

Fiir ultimativ préizise Messungen mit Attosekunden-Stabilitat wird der relative Zeit-
versatz der beiden OPA-Impulse und damit die CEP der Multi-THz-Impulse aller-
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Abbildung 4.3.| Multi-THz-Wellenform und Frequenzspektrum. a, Elek-
tro-optisch aufgezeichneter zeitlicher Verlauf des elektrischen Feldes des Multi-THz-
Impulses mit einer Spitzenfeldstirke von Epeac = 21,6 MV em™ und einer Impuls-
dauer von 71y, = 100fs. b, Das zugehorige Intensitatsspektrum ist um v, = 25 THz
zentriert.

dings noch zusétzlich durch eine aktive Stabilisierung mit interferometrischer Genau-
igkeit kontrolliert. Die zugehorige Technik wurde zusammen mit Manuel Meierhofer,
Simon Maier, Dmytro Afanasiev, Josef Riepl, Jakob Helml, Christoph Schmid und
Rupert Huber speziell fiir diesen Aufbau entwickelt und in Optics Letters publiziert
[Mei23b]. Fiir diese aktive Stabilisierung werden nach der raumlichen Uberlagerung
der beiden OPA-Impulse 3% der optischen Leistung mit einem Glaspléittchen aus-
gekoppelt. Obwohl die beiden Impulse leicht verstimmt zueinander sind, besitzen sie
einen kleinen spektralen Uberlapp bei 1250 nm, den ein Bandpassfilter transmittiert.
Da die beiden OPA-Impulse senkrecht zueinander polarisiert sind, hiangt der Polari-
sationszustand des tiberlagerten Feldes vom genauen Zeitversatz tcgp zwischen ihnen
ab. Ein A/4-Plittchen, ein Wollaston-Prisma und zwei balancierte Dioden ermitteln
laufend die Elliptizitat des Signals. Unterschiedlich lange optische Weglédngen der
beiden OPA-Impulse werden so mit interferometrischer Prézision detektiert. Aus-
gehend davon steuert ein PID-Regler einen piezoelektrischen Verfahrweg, der einen
Glaskeil in den Strahlengang von OPA A fahrt, und so Unterschiede in den optischen
Wegléngen korrigiert. Fluktuationen im relativen Zeitversatz zwischen den beiden
OPA-Impulsen, die sich als Fluktuationen auf die CEP der erzeugten Multi-THz-
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Wellenform tibersetzen wiirden, werden damit um eine Gréflenordnung auf 18 mrad
reduziert. Bei einer Zentralfrequenz von 25 THz der Multi-THz-Impulse entspricht
das einer erreichbaren zeitlichen Stabilitat von 18as [Mei23b].

Die Wellenform des Multi-THz-Impulses kann stroboskopisch mittels elektro-op-
tischer Detektion (englisch: electro-optic sampling, kurz: EOS) abgetastet werden
(siche Abschnitt 4.4). Die in dieser Arbeit verwendete Multi-THz-Wellenform ist in
Abb. 4.3a gezeigt. Sie erreicht eine Spitzenfeldstirke von Epey = 21,6 MV em™!,
weist eine Impulsdauer von 7rg, = 100fs auf und besteht aus 2,5 Schwingungen.
Abbildung 4.3 zeigt das zugehorige, um v, = 25 THz zentrierte Intensitétsspektrum.
Diese langsam oszillierende, hochintensive Wellenform ist perfekt geeignet, um La-
dungstrager in Halbleitern zu beschleunigen. Damit deren Dynamik zeitlich un-
tersucht werden kann, wird noch ein zweiter Lichtimpuls ben6tigt, der kohéarente
Elektron-Loch-Paare zu einem fest definierten Zeitpunkt anregt. Deshalb muss der
zweite Lichtimpuls resonant zur optischen Bandliicke eines WSes-Volumenkristalls
beziehungsweise einer Monolage gewahlt werden kénnen. Auflerdem muss seine Im-
pulsdauer kiirzer als ein Halbzyklus des Multi-THz-Feldes sein, um Subzyklen-Zeit-
auflosung zu gewahrleisten. Im Folgenden wird die Erzeugung ultrakurzer NIR-

Impulse beschrieben, die diese beiden Bedingungen erfiillen.

4.3. Ultrakurze NIR-Impulse

Bei einer Zentralfrequenz von 25 THz der Multi-THz-Impulse erfordert Subzyklen-
Zeitauflosung eine Impulsdauer der Anregeimpulse von weniger als 20fs. Idealer-
weise sollten die Impulse fiir eine bessere Zeitauflosung aber noch kiirzer sein.
Die Energie-Zeit-Unschérfe schreibt wie anfangs beschrieben ein minimales Zeit-
Bandbreite-Produkt von At - Av > 0,44 fir gauBformige Impulse vor [Laz95]. Kon-
kret miissen 10 fs (FWHM) kurze Impulse eine Bandbreite von mindestens 180 meV
(FWHM) aufweisen, was die Bindungsenergie von Exzitonen in einem WSes-Vo-
lumenkristall deutlich tibersteigt (vgl. Abb. 3.4). Um in den Experimenten dieser
Arbeit dennoch tiberwiegend nur 1s-Exzitonen anzuregen, wird das Spektrum der
Anregeimpulse so gewdhlt, dass das kurzwellige Ende gerade noch die exzitonische
1s-Resonanz iiberspannt. Zu langen Wellenldngen hin wird das Spektrum so stark

verbreitert, dass der Impuls moéglichst kurze Impulsdauern erreicht.
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Abbildung 4.4. | Erzeugung ultrakurzer NIR-Impulse. Ein Teil der optischen
Leistung aus OPA B mit einer Zentralwellenlinge von A, = 1,2 pm wird mit einer
Linse (L) in einen 2mm dicken Yttrium-Aluminium-Granat-Kristall (YAG) fokus-
siert. Die Impulsenergie und Fokusbedingung werden mit einer Blende (A) kontrol-
liert. Im YAG-Kristall kommt es zur Selbstfokussierung und Selbstphasenmodulati-
on, wodurch ein Superkontinuum erzeugt wird. Dieses wird mit einem Parabolspiegel
kollimiert und mit einem sphérischen Spiegel (SM) in einen Prismenkompressor aus
zwei Quarzglasprismen (P1 und P2) fokussiert. Die Kompression des Superkonti-
nuums wird tiber die Position des Prismas P2 kontrolliert. Auflerdem kann tiber
Rasierklingen (RB) das Spektrum des Superkontinuums nach Wunsch zugeschnit-
ten werden. Nach einem Spiegel (EM) in der Fourier-Ebene durchliauft das Licht
die Prismen in umgekehrter Reihenfolge mit leichtem vertikalen Versatz, sodass die
komprimierten NIR-Impulse mit einem D-férmigen Spiegel (M) ausgekoppelt werden
konnen.

Fiir das bendtigte breitbandige Spektrum wird wie in Abschnitt 4.1 ein Superkon-
tinuum erzeugt [Alf06, Cou07]. Als Generationslicht dient ein kleiner Teil der op-
tischen Leistung von OPA B, den ein Strahlteiler abspaltet (vgl. Abschnitt 4.2).
Das Licht wird dann in einen Yttrium-Aluminium-Granat-Kristall (YAG) mit einer
Dicke von 2mm fokussiert (siche Abb. 4.4). Eine Irisblende (A) reduziert dabei die
Impulsenergie auf 0,5 pJ und passt den Modendurchmesser an, bevor eine Linse (L)
das Licht in den Kristall fokussiert. Im YAG-Kristall kommt es zur spektralen Ver-
breiterung des Generationslichts durch Selbstfokussierung und Selbstphasenmodula-
tion. Im Gegensatz zum OPA, bei dem Saphir fiir die Weiilichterzeugung verwendet
wird (vgl. Abschnitt 4.1), wird hier YAG genutzt, da es eine effizientere Erzeugung
spektraler Anteile im NIR-Bereich ermoglicht [Bra09]. Das breitbandige Superkonti-
nuum wird mit einem Parabolspiegel kollimiert und muss anschliefflend noch auf eine

moglichst kurze Impulsdauer komprimiert werden. Dazu fokussiert es ein sphérischer
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Abbildung 4.5. | Ultrakurzer NIR-Impuls in Zeit- und Frequenzdoméne.
a, Intensitatsspektrum der NIR-Impulse, das auf den Frequenzbereich 320 THz -
413 THz zugeschnitten wurde. Die hochenergetische Grenze ist dabei so gewéahlt,
dass die 1s-Exzitonen-Resonanzen des WSe,-Volumenkristalls (blau gestrichelt, vgl.
Abb. 3.4¢) und der Monolage (rot gestrichelt) iiberspannt werden. b, Gemessenes
SHG-FROG-Spektrogramm als Funktion der Verzogerungszeit ¢ und der Frequenz
v. Die spektrale Intensitdt ist als Farbskala gezeigt. ¢, Rekonstruierter zeitlicher
Verlauf der Intensitiatseinhtillenden mit einer Halbwertsbreite von mnjg = 8,6 fs.

Spiegel (SM) in einen Prismenkompressor, der aus zwei Quarzglas-Prismen (P1 und
P2) besteht. In der Fourier-Ebene befinden sich zudem zwei Rasierklingen (RB), mit
denen das Superkontinuum spektral nach Wunsch zugeschnitten werden kann. Im
Fokus des sphérischen Spiegels steht der Endspiegel des Kompressors (EM), wodurch
das rdumlich aufgefacherte Weifllicht die beiden Prismen in umgekehrter Reihenfol-
ge durchlauft und die verschiedenen spektralen Anteile wieder rdumlich iiberlagern.
Indem der Endspiegel leicht vertikal verkippt im Strahlengang steht, trifft der riick-
laufende Impuls tiefer auf den sphérischen Spiegel und kann mit einem zusétzlichen
Spiegel (DM) ausgekoppelt werden.

Die beiden Rasierklingen in der Fourier-Ebene des Prismenkompressors schneiden
das Spektrum des NIR-Impulses auf den Bereich zwischen 320 und 413 THz (FWHM)
zu (siehe Abb. 4.5a). Damit tiberdeckt der hochenergetische Teil des NIR-Spektrums
gerade noch die optische Bandliicke der WSea-Monolage (rot gestrichelt) und des
Volumenkristalls (blau gestrichelt). In der Monolage werden dadurch ausschliefllich
1s-Exzitonen angeregt. Durch die niedrigere exzitonische Bindungsenergie im Vo-

lumenkristall und den dadurch verringerten energetischen Abstand verschiedener
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exzitonischer Resonanzen werden hier auch hoéhere Zustiande wie das 2s-Exziton
angeregt. Wegen der geringeren Oszillatorstérke dieser angeregten Zustande liegen
aber dennoch hauptséchlich 1s-Exzitonen im Volumenkristall vor.

Das Spektrum des NIR-Impulses mit einer Bandbreite von 93 THz (FWHM) ermog-
licht eine Impulsdauer (FWHM) von unter 10 fs, was mittels einer frequenzaufgelos-
ten Autokorrelation bei der zweiten Harmonischen (englisch: second-harmonic gene-
ration frequency-resolved optical gating, kurz: SHG-FROG) tberprift wird [Tre97,
Kan93]. Dazu wird der ultrakurze NIR-Impuls in zwei identische Impulse aufgeteilt
und diese iiberkreuzend in einen 50 pm dicken [-Bariumborat-Kristall fokussiert.
In diesem Kristall kommt es zur Erzeugung der zweiten Harmonischen. Indem der
Zeitversatz zwischen den beiden identischen Impulsen variiert wird, entsteht zu-
dem bei zeitlichem Uberlapp ein Mischsignal aus den beiden Impulsen, das eben-
falls bei der zweiten Harmonischen auftritt und spektral aufgelost als Funktion des
Zeitversatzes in Abb. 4.5b gezeigt ist. Ein iterativer Rekonstruktionsalgorithmus
berechnet aus diesem Spektrogramm den zeitlichen Verlauf des urspriinglichen Im-
pulses [Geil9]. Der in dieser Arbeit verwendete NIR-Impuls besitzt eine Impulsdauer
von TNir = 8,6 fs (FWHM) und ist damit kurz genug, um Subzyklen-Zeitauflosung
bei dem Treiberfeld aus Abschnitt 4.2 zu erreichen. Zusammen mit dem mafige-
schneiderten Spektrum, das gezielt nur einzelne elektronische Resonanzen sowohl
im WSes-Volumenkristall als auch in der Monolage anregt, ist dieser NIR-Impuls
das perfekte Werkzeug, um Bloch-Elektronen auf geschlossene Quantentrajektorien
mit prézise definierten Startparametern zu schicken. Damit kann die Dynamik von

Elektronen nun mit Attosekunden-Prézision vermessen werden.

4.4. Kontrolle der Ladungstragerdynamik mit

Attosekunden-Prazision

Abbildung 4.6 zeigt schematisch den Messaufbau zur Lichtwellen-Beschleunigung
von Bloch-Elektronen in Halbleitern. Zuerst spaltet ein Strahlteiler (BS) einen Teil
der optischen Leistung des NIR-Impulses ab, da spéter eine Kopie des NIR-Impulses
zur Kontrolle der zeitlichen Stabilitét des Aufbaus benétigt wird. Der am Strahltei-

ler reflektierte ultrakurze NIR-Impuls regt kohdrente Exzitonen in WSey zu einem
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4. Atomar starke Felder mit Attosekunden-Stabilitat

scharf definierten Zeitpunkt an. Dafir durchlauft er zundchst noch einen variablen
Neutraldichte-Filter (ND), was die Lichtintensitat und damit die angeregte Ladungs-
tréagerdichte in der Probe reguliert. Mit einer Verzégerungsstrecke wird zudem der
Zeitpunkt der Ladungstrageranregung t., und mit einem Diinnfilmpolarisator sowie
einem \/4-Plittchen der Polarisationszustand des NIR-Impulses eingestellt.

Der Multi-THz-Impuls mit passiv und aktiv stabilisierter CEP durchlauft zwei
drehbare Polarisatoren, die die Spitzenfeldstirke regeln. An einem mit Indium-
zinnoxid beschichteten Quarzglasfenster wird er anschliefiend reflektiert. Der NIR-
Impuls wird durch dieses Fenster transmittiert und somit mit dem Multi-THz-Impuls
rdumlich tiberlagert. Ein Parabolspiegel mit einer Brennweite von 5cm fokussiert
dann beide Impulse auf die Probe. Die Halbwertsbreite der Intensitdtsverteilung
der Multi-THz-Impulsmode betragt im Fokus 60 pm und ist damit grofier als die
des NIR-Impulses mit 22 um. Im Probenfokus befindet sich entweder ein 500 nm
dicker Galliumselenid-Kristall, mit dem die Multi-THz-Wellenform elektro-optisch
abgetastet werden kann, oder ein WSe,-Kristall, in dem Elektron-Loch-Kollisionen
zur Emission von HSG-Strahlung fithren. Beide Kristalle befinden sich auf demsel-
ben Diamantsubstrat, das ein zweidimensional motorgesteuerter Verstelltisch mit
Mikrometer-Prézision in der Fokalebene positioniert. Die Probe steht dabei senk-
recht im Strahlengang und wird bei Raumtemperatur gehalten. Ein zweiter Parabol-
spiegel kollimiert das transmittierte Multi-THz- und NIR-Licht sowie die erzeugte
HSG-Strahlung. Anschlieffend transmittiert ein erster Germanium-Wafer den Multi-
THz-Impuls, wahrend er das iibrige Licht reflektiert. Letzteres teilt ein dichroiti-
scher Spiegel mit einer Grenzwellenlinge von 650 nm weiter auf: Der NIR-Impuls
mit seinem Spektrum zwischen 740 nm und 935nm wird fiir EOS genutzt. Dafiir
wird dessen Polarisationszustand mit einem \/4-Plattchen und einem Wollaston-
Prisma mittels balancierter Detektion vermessen und so die Multi-THz-Wellenform
bestimmt [Knol7]. Dabei wird auch die Detektorantwort des GaSe-Kristalls korri-
giert. Die hochenergetische HSG-Strahlung wird dagegen in ein Spektrometer ein-
gekoppelt, das aus einem Beugungsgitter und einer auf —80°C gekiihlten Kamera
besteht. Da das Gitter verschiedene Wellenlangen unterschiedlich stark reflektiert
und die Silizium-basierte Kamera auf verschiedene Photonenenergien unterschied-
lich empfindlich reagiert, wurden alle in dieser Arbeit gezeigten Spektren auf die

Beugungseffizienz des Gitters und die Detektorantwort der Kamera korrigiert.
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Abbildung 4.6. | Aufbau zur Attosekunden-Kontrolle von Ladungstrigern
in Festkorpern. Der breitbandige NIR-Impuls wird an einem Strahlteiler (BS)
in zwei Kopien aufgeteilt. Intensitat, Zeitversatz te, und Polarisationszustand des
am Strahlteiler reflektierten Anregeimpulses konnen mit einem Neutraldichtefilter
(ND), einer Verzogerungsstrecke, und einem Diinnfilmpolarisator (P) sowie einem
A/4-Pléttchen eingestellt werden. Danach werden NIR-Impuls und Multi-THz-Feld
durch ein mit Indiumzinnoxid beschichtetes Quarzglasfenster (ITO) tiberlagert. Zwei
Golddraht-Polarisatoren erlauben die Kontrolle tiber die Spitzenfeldstérke des Multi-
THz-Impulses, bevor ihn ein Parabolspiegel zusammen mit dem NIR-Impuls auf die
Probe fokussiert. Ein zweiter Parabolspiegel kollimiert die beiden Impulse nach dem
Fokus sowie die in der Probe erzeugte HSG-Strahlung. Germanium-Wafer und ein
dichroitischer Spiegel separieren verschiedene Teile dieses Lichts. Die HSG-Strahlung
wird in einem Spektrometer mit einer Silizium-basierten CCD spektral aufgelost. Fiir
EOS wird ein GaSe-Kristall in den Probenfokus gesetzt und der Polarisationszustand
des NIR-Impulses mit einem \/4-Pléttchen und einem Wollaston-Prisma (WP) ana-
lysiert. Die Stabilitdt der Multi-THz-Wellenform wird per elektro-optischer Detek-
tion iberwacht (EOM). Dazu wird der Multi-THz-Impuls mit dem am Strahltei-
ler BS transmittierten und um tgoy verzogerten Abtastimpuls tiberlagert und in
einen GaSe-Kristall fokussiert. Mit einem 532 nm-Dauerstrich-Laser (LASER) kon-
nen Transmission und Photolumineszenz der WSes-Probe im Fokus gemessen wer-
den.
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4. Atomar starke Felder mit Attosekunden-Stabilitat

Um Attosekunden-Prézision zu gewéhrleisten, miissen sdmtliche potentielle zeitli-
chen Instabilitdten aus dem Messaufbau beseitigt werden. Wie in Abschnitt 4.2 ge-
zeigt, ist die CEP der Multi-THz-Wellenform passiv phasenstarr, was Fluktuationen
zwischen zwei Laserschiissen ausschlieit. Langsamere Schwankungen der CEP wer-
den zudem durch die bereits beschriebene, aktive interferometrische Stabilisierung
unterdriickt [Mei23b]. Fiir Attosekunden-Prézision muss allerdings auch zusétzlich
der zeitliche Versatz zwischen NIR-Impuls, der die Elektron-Loch-Paare anregt, und
Multi-THz-Impuls, der sie dann auf geschlossene Quantentrajektorien zwingt, prazi-
se eingestellt und wéhrend einer Messreihe stabil gehalten werden. Da eine Messrei-
he mehrere Stunden dauern kann, muss der zeitliche Uberlapp zwischen NIR- und
Multi-THz-Impuls laufend tiberwacht werden. Dafiir wird der Teil des NIR-Impulses,
der am ersten Strahlteiler (BS) transmittiert wurde, iiber eine separate Verzoge-
rungsstrecke gefithrt, die den Zeitversatz tgon einstellt. Ein Germanium-Wafer tiber-
lagert den NIR-Impuls mit dem Multi-THz-Impuls nach dem Probenfokus und ein
Parabolspiegel fokussiert beide Impulse in einen weiteren 5 pm dicken GaSe-Kristall.
Ein \/4-Plittchen, ein Wollaston-Prisma und zwei balancierte Photodioden lésen
den Polarisationszustand des NIR-Impulses auf. Die Multi-THz-Wellenform kann
so durch Variation des Zeitversatzes tgom elektro-optisch abgetastet werden. Im
Gegensatz zu EOS im Probenfokus ist diese Form der elektro-optischen Referen-
zierung (englisch: electro-optic monitoring, kurz: EOM) der Multi-THz-Wellenform
auch moglich, wenn sich gerade ein WSey-Kristall im Probenfokus befindet. Aus
diesem Grund kann damit die zeitliche Stabilitat fortlaufend evaluiert werden, auch
wenn wihrenddessen ein HSG-Spektrum aufgenommen wird.

Wiéhrend im ersten Probenfokus eine einzige HSG-Messung lauft, wird damit eine
Vielzahl an Transienten im zweiten Fokus erfasst (sieche Abb. 4.7a). Im gezeigten
Fall dauerte die HSG-Messung etwa eine Stunde und in dieser Zeit wurden 31 Wel-
lenformen per EOM aufgezeichnet. Die Transienten zeigen keine erkennbare zeitliche
Verschiebung. Deshalb ist davon auszugehen, dass auch im Probenfokus, wo HSG-
Spektren gemessen werden, der Zeitversatz zwischen Multi-THz- und NIR-Impuls
préizise eingestellt werden konnte. Um das quantitativ zu bestimmen, werden die
per EOM gemessenen Wellenformen durch eine Modellwellenform angepasst und
daraus deren zeitliche Verschiebung Atgoym wéihrend der HSG-Messung bestimmt

(siehe Abb. 4.7b). Uber den Zeitraum einer Stunde zeigt der so ermittelte zeitliche
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Abbildung 4.7. | Attosekunden-Stabilitit des Versuchsaufbaus. a, Wasser-
fallplot der per EOM aufgenommenen Multi-THz-Wellenformen fiir 31 aufeinander-
folgende Messungen. Das elektrische Feld der Multi-THz-Impulse ist als Farbskala
dargestellt. b, Durch numerisches Anpassen der Multi-THz-Wellenformen aus a ex-
trahierte zeitliche Verschiebung Atgonm zwischen den 31 Messungen. Der Zeitversatz
Atgom weist eine Standardabweichung von 84 as auf (blau schattierter Bereich), was
dem optischen Aufbau Attosekunden-Prézision bescheinigt [Fre22].

Nullpunkt eine Standardabweichung von 84 as. Also konnen mit dem optischen Auf-
bau zeitliche Verschiebungen auf der Attosekunden-Zeitskala aufgelost werden.

Diese Genauigkeit wird allerdings nur erreicht, wenn der optische Aufbau nicht durch
duflere Einfliisse gestort wird. Aulerdem muss fir die Reproduzierbarkeit der Mes-
sungen die Probe prézise im Fokus positioniert werden kénnen, um Messartefak-
te, beispielsweise durch Inhomogenitéiten der verwendeten Kristalle, auszuschlieflen.
Aus diesen Griinden wird die Probe im Fokus mit einem motorisierten Positionier-
tisch mit Mikrometer-Prézision bewegt. Um weiter die HSG-Emission verschiedener
Kristalle quantitativ miteinander vergleichen zu kénnen und zeitliche Verschiebun-
gen durch die Gouy-Phase zu unterdriicken, miissen diese auch in die exakt gleiche
longitudinale Position gebracht werden. Dazu wird ein WSes-Kristall verwendet, der
sowohl aus atomar diinnen als auch dickeren Bereichen besteht (sieche Abb. 4.8a).
Der Kristall wird auf ein Diamantsubstrat aufgebracht und mittels Rasterkraftmi-
kroskopie die Dicke der verschiedenen Bereiche bestimmt. Dabei besitzt der Volu-

menkristall Regionen mit einer Dicke von 60 nm (siehe Abb. 4.8a, blaulicher Bereich
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Abbildung 4.8. | Charakterisierung der verwendeten WSe,-Probe. a, Op-
tisches Mikroskopbild der exfolierten Probe auf einem Diamantsubstrat. Rot gestri-
chelt ist die Kontur der Monolage eingezeichnet. Der rote und blaue Punkt mar-
kieren die Stellen, auf denen die Messungen in Kapitel 5 durchgefithrt wurden und
entsprechen dem Durchmesser des Anregeimpulses im Fokus. b, Transmission (blaue
Farbskala) sowie Photolumineszenz (rote Farbskala) der Probe unter Verwendung
eines 532 nm-Lasers, um Volumenkristall und Monolage zu identifizieren. ¢, SHG-
Emission der WSea-Monolage in Abhéngigkeit vom Probenwinkel ¢. Dargestellt ist
die SHG-Intensitat (rot) parallel zum einfallenden NIR-Licht mit einer Zentralwel-
lenliinge von 800 nm. Die schwarze Linie zeigt eine Fitfunktion der Form sin?(3¢). d,
Schematischer Querschnitt der Probe. Volumenkristall (Bulk) und Monolage (ML)
befinden sich direkt nebeneinander auf einem Diamantsubstrat (Diamond). NIR-
und Multi-THz-Impuls treffen senkrecht auf die Probe, wodurch HSG-Strahlung
emittiert wird, die zusammen mit den beiden einlaufenden Lichtfeldern durch das
Substrat transmittiert wird.

unten) als auch mit einer Dicke von 25 nm (rétlicher Bereich rechts). Fiir die Identi-
fikation der Monolage (rot eingegrenzter Bereich) wird ausgenutzt, dass sie im Ge-
gensatz zum WSe,-Volumenkristall eine direkte Bandliicke aufweist und damit auch

messbare Photolumineszenz. Indem die Probe mit einem 532 nm-Dauerstrich-Laser
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(siche Abb. 4.6) bestrahlt wird, kann so die Monolage gefunden werden. Die starke
Photolumineszenz-Signatur (siehe Abb. 4.8b) deutet ebenfalls auf eine hohe Proben-
qualitdt hin. Fiir die Charakterisierung der WSes-Monolage hat Kai-Qiang Lin aus
der Gruppe von John Lupton aulerdem die Hochsymmetrierichtungen des Kristalls
mittels SHG identifiziert. Dazu wurde NIR-Licht auf die Monolage fokussiert und
die Erzeugungseffizienz der resultierenden zweiten Harmonischen polarisationsauf-
gelost detektiert (siehe Abb. 4.8¢). Ist das NIR-Licht entlang der zigzag-Richtung
polarisiert, tritt keine SHG-Emission parallel dazu auf [Lil3]. Die so identifizierten
Hochsymmetrierichtungen der WSes-Monolage sind in Abb. 4.8a eingezeichnet. Der
WSes-Volumenkristall zeigt weder messbare Photolumineszenz noch ein SHG-Signal,
absorbiert aber das 532 nm-Laserlicht, sodass dieser Teil des Kristalls anhand der
Transmission des Dauerstrichlasers gefunden werden kann (siehe Abb. 4.8b). Ein
Vergleich von Photolumineszenz und Transmission des WSey-Kristalls mit dem Mi-
kroskopbild (siche Abb. 4.8a) erlaubt eine eindeutige Identifikation der Monolage
und von Bereichen des Volumenkristalls unterschiedlicher Dicke.

Mit einer Abmessung von 70 pm x 400 pm bietet die Monolage ausreichend Platz,
dass der 22 pm messende NIR-Impuls im Fokus nur die Monolage ausleuchtet (siche
Abb. 4.8a und b, blauer Kreis). Auf dem Volumenkristall wurde fir die Messungen
ein Punkt 200 pm von der Monolage entfernt gewéhlt, an dem der Volumenkristall
60 nm dick ist (siehe Abb. 4.8a und b, roter Kreis). Das Diamantsubstrat, auf dem
der WSey-Kristall liegt, befindet sich senkrecht im Strahlengang.

Der Querschnitt der verwendeten Probe ist in Abb. 4.8d schematisch dargestellt.
WSey-Volumenkristall (Bulk) und Monolage (ML) befinden sich als Teil eines ein-
zelnen Kristalls direkt nebeneinander auf einem Diamantsubstrat. Daneben befin-
det sich auf demselben Diamantsubstrat ein 500 nm dicker GaSe-Kristall, der fiir die
EOS-Messung der Multi-THz-Wellenform im Probenfokus verwendet wird. NIR- und
Multi-THz-Impuls treffen senkrecht auf die Probe. Die im WSe, -Kristall erzeugte
HSG-Strahlung wird durch das darunterliegende Diamantsubstrat transmittiert und
kann spektral analysiert werden. Das verbleibende Multi-THz-Licht wird ebenfalls
transmittiert und kann per EOM stroboskopisch abgetastet werden. Fiir den Fall,
dass die Multi-THz-Wellenform im Probenfokus vermessen werden soll, wird der
GaSe-Kristall in den Fokus gefahren und der Polarisationszustand des transmittier-
ten NIR-Impulses fiir EOS aufgelost.

47






Kapitel

Attosekunden-Stoppuhr fur Kristalle

Nicht das Ziel allein ist wichtig.

— Sebastian Kienle

Der eben beschriebene Versuchsaufbau erlaubt es, den Einfluss von Vielteilchen-
Korrelationen auf die Trajektorie von delokalisierten Bloch-Elektronen in Festkor-
pern direkt in der Zeitdoméne mit Attosekunden-Préazision zu untersuchen. Durch
den Vergleich der HSG-Emission eines WSey-Volumenkristalls und einer Monolage
konnen zeitliche Verschiebungen in der Subzyklendynamik von korrelierten Elektron-
Loch-Paaren mit einer Genauigkeit von 300 as aufgelost werden. Das entspricht 0,7 %
der Osrzillationsdauer des Multi-THz-Treiberfeldes. Die in der Monolage verstérkten
Coulomb-Korrelationen fiithren zu einem zeitlichen Versatz des optimalen Injekti-
onszeitpunktes der Ladungstragerpaare von 1,2 £ 0,3 fs. Weiterhin beeinflussen die
Treiberfeldstéarke und Quanteneigenschaften wie der Valley-Pseudospin die Dynamik
der Ladungstréger. Die Experimente wurden in Zusammenarbeit mit Manuel Meier-
hofer, Dmytro Afanasiev, Christoph Schmid, Fabian Sandner, Marlene Liebich, Anna
Schmid, Matthias Knorr und Rupert Huber an der Universitit Regensburg durchge-
fithrt. Die zugehérigen Simulationen stammen von Markus Borsch und Mackillo Kira
von der University of Michigan. Die gezeigten Ergebnisse wurden in Nature publi-
ziert [Fre22]. Teile der Abbildungen und der Interpretation der Ergebnisse stammen

aus dieser Publikation.
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5. Attosekunden-Stoppuhr fiir Kristalle

5.1. Attosekundenchronoskopie von
Bloch-Elektronen

Abbildung 5.1a zeigt schematisch das Messprinzip, das auf Lichtwellen-getriebenen
Quasiteilchenkollisionen beruht. Aufbauend auf Kapitel 2 sind hier die Kollisions-
trajektorien im Phasenraum dargestellt. Zuerst regt ein resonanter NIR-Impuls zu
einer variabel einstellbaren Verzogerungszeit t.x koharente Elektron-Loch-Paare in
einem Halbleiter an. Ein intensives Multi-THz-Treiberfeld (graue Fliche) dient als
ultraschnelle Vorspannung und beschleunigt Elektron (blaue Kugel) und Loch (rote
Kugel) auseinander. Im Phasenraum wachsen deshalb der Abstand z zwischen den
Ladungstragern sowie deren Wellenvektor & an. Nach einer gewissen Zeit ¢;, nach
Erzeugung des Elektron-Loch-Paares dndert sich die Polaritét des Treiberfeldes und
der Wellenvektor der Ladungstriager wird kleiner. Fiir einen guten Injektionszeit-
punkt t., beispielsweise kurz vor einem Nulldurchgang des Treiberfeldes, kann der
Wellenvektor negative Werte annehmen, sodass auch der Abstand zwischen Elektron
und Loch wieder sinkt. Treffen Elektron und Loch dabei wieder aufeinander, kommt
es bei z = 0 zur Kollision (blaue Trajektorie). Voraussetzung hierfir ist zusétzlich,
dass die exzitonische Kohérenz die Zeitspanne T.,; zwischen Injektion und Kollision
iiberdauert. Die Ladungstriager kollidieren zwar bei x = 0, allerdings ist zu diesem
Zeitpunkt der Kristallimpuls ik im Allgemeinen ungleich null. Die Ladungstréger
kollidieren also mit einer endlichen kinetischen Energie. Diese wird bei der Rekom-
bination von Elektron und Loch zusétzlich zur Anregungsenergie des Exzitons als
hochenergetische HSG-Strahlung emittiert (vgl. Gleichung 2.8).

Wie in Kapitel 2 gezeigt, hingt die Dynamik der Elektron-Loch-Paare empfindlich
von der Phase des Treiberfeldes ab, zu der sie injiziert werden und zu der dadurch
ihre Trajektorie startet. Werden Exzitonen beispielsweise kurz nach einem Feldnull-
durchgang des Multi-THz-Impulses angeregt (schwarze Trajektorie), werden Elek-
tron und Loch innerhalb des ersten Halbzyklus zu weit auseinander beschleunigt, als
dass sie der nachfolgende Teil des Multi-THz-Feldes mit gespiegelter Polaritit zur
Kollision bringen kénnte. In diesem Fall entfernen sich Elektron und Loch immer
weiter voneinander und die Kollisionsbedingung x = 0 ist nicht erfiillt. Die zugeho-
rige Trajektorie wird also nie geschlossen. Wéhrend der Lebensdauer des Exzitons

kommt es daher nicht zur Kollision und es wird keine HSG-Strahlung emittiert.
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Abbildung 5.1.| Elektron-Loch-Kollisionen fiir freie Ladungstriger. a,
Schematische Phasenraum-Trajektorien. Koharente Elektron-Loch-Paare werden zur
Zeit te erzeugt und von der Multi-THz-Wellenform (graue Flache) beschleunigt.
Dadurch andert sich ihr relativer Abstand x und Kristallimpuls fk. Startet die Tra-
jektorie der Ladungstrager kurz vor einem Nulldurchgang des Treiberfeldes konnen
Elektron und Loch nach einer Zeit Tion bei z = 0 rekombinieren (blaue Trajektorie),
was zur Emission von HSG-Strahlung fithrt. Ladungstréger, die kurz nach einem
Feldnulldurchgang injiziert werden, erfiillen die Bedingung x = 0 nicht und kollidie-
ren daher auch nicht (schwarze Trajektorie). Unten ist die Projektion der Trajekto-
rien auf die a-t;,-Ebene gezeigt. b, Verwendetes Treiberfeld mit einer Spitzenfeld-
stirke von Epea = 4,9MVem™!. ¢, Zwischen den Photonenenergien 2,0 und 2,64 eV
spektral integrierte HSG-Emission eines 60 nm dicken WSey-Volumenkristalls (Da-
tenpunkte) als Funktion der Injektionszeit te.. Die durchgezogene Linie zeigt eine
quadratische Regression.

Im Experiment (vgl. Kapitel 4) werden 1s-A-Exzitonen in einem 60nm dicken
WSe,-Volumenkristall durch einen resonanten NIR-Impuls mit einer Impulsdauer
von Tnir = 8,6 fs und einem Fluss von ®yg = 1411J cm™2 angeregt. Dadurch wer-
den Elektron-Loch-Paare zu einem scharf definierten Zeitpunkt erzeugt und starten
durch den direkten Ubergang am K- beziehungsweise K’-Punkt mit wohldefiniertem
Kristallimpuls. Ein linear polarisierter Multi-THz-Impuls mit einer Zentralfrequenz

1

von vy, = 25THz und einer Spitzenfeldstirke von Epec = 4,9MVem™" (siehe
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Abb. 5.1b) beschleunigt die frisch erzeugten Elektron-Loch-Paare anschlieBend ent-
lang der K — K'-Richtung periodisch hin und her und verursacht so Elektron-Loch-
Kollisionen. Die emittierte HSG-Strahlung wird spektral aufgelost als Funktion der
Verzogerungszeit te, zwischen NIR- und Multi-THz-Impuls detektiert.

Abbildung 5.1c zeigt die zwischen 2,0 und 2,64 eV spektral integrierte HSG-Emission
Iysg. Die emittierte HSG-Intensitat besitzt in erster Naherung eine gauBformige
Einhiillende, die in etwa der des Multi-THz-Impulses entspricht. Allerdings tritt
die maximale HSG-Emission bei t., ~ —15fs auf, und damit in etwa eine halbe
Schwingungsdauer vor dem Maximum des Treiberfeldes. Diese Verschiebung ist eine
Ausprigung des ballistischen Charakters der Elektron-Loch-Kollisionen. Damit die
Ladungstrager wihrend des Feldmaximums rekombinieren, miissen sie bereits einen
Halbzyklus vorher angeregt werden [Lanl6].

Die genaue Zeitstruktur der HSG-Emission zeigt eine tiefe zeitliche Modulation mit
einer Periodizitat, die der halben Schwingungsdauer des Treiberfeldes entspricht.
Nicht alle Injektionszeitpunkte fithren also zu einer gleich starken HSG-Emission.
Tatséchlich kann der genaue Zeitpunkt der Ladungstriageranregung innerhalb einer
einzelnen Lichtschwingung des Multi-THz-Impulses die emittierte HSG-Intensitat
um einen Faktor zwei verstirken beziehungsweise unterdriicken. Maximale HSG-
Emission tritt hauptsachlich fir Injektionszeitpunkte t., kurz nach Extrema des
Treiberfeldes auf. Werden Elektron-Loch-Paare zu diesen Zeitpunkten erzeugt, fol-
gen sie vor allem geschlossenen Trajektorien und kollidieren wahrend des nachfolgen-
den Halbzyklus mit hoher kinetischer Energie (siche Abb. 5.1a, blaue Trajektorie).
Fiir eine Erzeugung von koharenten Exzitonen kurz nach den Feldnulldurchgéngen
sinkt die HSG-Emission dagegen auf etwa 50 % ab, da hier die Rekombinations-
wahrscheinlichkeit fiir die Elektron-Loch-Paare stark abnimmt. Weil die Dynamik
der Ladungstriger im inversionssymmetrischen WSeo-Volumenkristall fiir positive
und negative Halbzyklen des Multi-THz-Feldes symmetrisch abléuft, treten gleich-
wertige HSG-Emissionsmaxima zweimal pro Oszillationsperiode des Treiberfeldes
auf. Die Modulationstiefe ist ein Maf} fiir den Kontrast zwischen optimalen und un-
glinstigen Injektionszeitpunkten und steigt mit der Treiberfeldstarke an [Lanl6].
In einem WSeo-Volumenkristall betragt die exzitonische Bindungsenergie 60 meV
[Arol5]. Damit tibersteigt sie die thermische Energie von 25 meV bei Raumtempera-

tur. Wird allerdings eine atomar diinne Schicht WSe,, wie in dieser Arbeit, auf ein

52



5.1. Attosekundenchronoskopie von Bloch-Elektronen

Diamantsubstrat gebracht, steigt die exzitonische Bindungsenergie aufgrund der re-
duzierten Abschirmung elektrischer Felder im Vakuum um einen Faktor fiinf auf etwa
295 meV an [Poel5, Wan18]. Die dadurch verstiarkten Vielteilchen-Wechselwirkungen
nehmen direkt Einfluss auf die Trajektorie von Elektron-Loch-Paaren. Wahrend im
WSes-Volumenkristall mit seinen vergleichsweise schwachen Coulomb-Wechselwir-
kungen vor allem die Ein-Teilchen-Bandstruktur die Bewegung von Elektron-Loch-
Paaren festlegt, ist der Einfluss von Korrelationen in einer Monolage nicht mehr
vernachlissigbar. Abbildung 5.2a zeigt schematisch, wie beispielsweise die exzitoni-
sche Bindung (lila Feldlinien) oder Streuprozesse und Wechselwirkung mit anderen
Ladungstragern (rote Kugeln) die Trajektorie (rot) von Elektron-Loch-Paaren modi-
fizieren kénnen. Dadurch dndert sich auch die Zeitspanne T, zwischen Injektion und
Kollision. Dieser durch Vielteilchen-Wechselwirkungen verursachte Unterschied kann
sich in einer Verschiebung der optimalen Injektionszeit wéhrend eines Halbzyklus des
Treiberfeldes zeigen. Im Schema werden die optimalen Trajektorien mit den zugeho-
rigen Injektionszeitpunkten ., (gestrichelt) fir den Fall quasifreier (blaue Projektion
unten) sowie stark wechselwirkender (rot) Elektron-Loch-Paare verglichen. Eine at-
traktive Coulomb-Wechselwirkung zwischen Elektron und Loch fihrt dazu, dass die
Ladungstriger gegen die anziehende Kraft linger im duBeren Treiberfeld beschleu-
nigt werden miissen, um dennoch eine hohe Auslenkung und damit einhergehend
eine effiziente und hochenergetische Kollision wihrend des nachfolgenden Halbzy-
klus zu erreichen. Aus diesem Grund missen die Ladungstréger fiir eine optimale
Kollision um ein Zeitintervall At frither angeregt werden. Diese Zeitverschiebung
lasst sich im Experiment messen. Der Zeitversatz zwischen NIR- und Multi-THz-
Impuls, der dafiir kontrolliert werden muss, unterliegt wie anfangs erwahnt nicht der
Energie-Zeit-Unschérfe und kann daher beliebig genau bestimmt werden. Lediglich
das experimentell erzielbare Signal-Rausch-Verhaltnis und die zeitliche Stabilitat des
Messaufbaus limitieren die erreichbare zeitliche Prazision. Wie in Kapitel 4 gesehen,
erlaubt der Messaufbau mit seinen Stabilisierungsmechanismen aber eine Prazision
von bis zu 84 as, was weniger als 0,3 % der Oszillationsdauer des Treiberfeldes ent-
spricht.

Um zu tberpriifen, wie Korrelationen die Dynamik delokalisierter Bloch-Elektronen
beeinflussen, wird im Experiment die zeitlich aufgeloste HSG-Emission sowohl eines

WSes-Volumenkristalls (vgl. Abb. 5.1) als auch einer WSey-Monolage gemessen. Da
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Abbildung 5.2. | Elektron-Loch-Kollisionen fiir korrelierte Ladungstriger.
a, Schematische Phasenraum-Trajektorien. Korrelationen zwischen den Elektron-
Loch-Paaren, wie zum Beispiel eine starke Coulomb-Wechselwirkung (lila Feldlinien)
oder Streuung mit anderen Ladungstragern (rote Kugeln) beeinflussen ihre Bewe-
gung (rote Trajektorie). Die optimale Injektionszeit fir korrelierte Elektron-Loch-
Paare (rot, gestrichelt) ist damit um At im Vergleich zum Fall freier Ladungstrager
(blau, gestrichelt) verschoben. Die z-t;,-Ebene unten zeigt, dass sich auflerdem die
maximal erreichte Auslenkung x dndern kann. b, Verwendetes Treiberfeld mit einer
Spitzenfeldstirke von Epex = 4,9MVem™. ¢, Spektral integrierte HSG-Emission
eines 60 nm-dicken WSe,-Volumenkristalls (blau) und einer WSe,-Monolage (rot) als
Funktion der Injektionszeit te fiir einen NIR-Fluss ®xg = 14 1J cm™2. Die durch-
gezogenen Linien entsprechen einer quadratischen Anpassung an die Datenpunkte.
Die Vergroferung des Emissionsmaximums bei te, ~ 0fs (Bild rechts) zeigt eine re-
lative Verschiebung der Emissionsmaxima von At = 1,5 fs zwischen Volumenkristall
und Monolage.

im atomar diinnen Kristall die exzitonische Bindungsenergie um einen Faktor fiinf
erhoht ist, kann die Monolage als Prototyp fiir den Fall starker Korrelationen und
der Volumenkristall fiir den Fall quasifreier Elektron-Loch-Paare angesehen werden.
Damit ist dieses Materialsystem bestens geeignet, die oben aufgestellte Hypothese
zu iiberpriifen. Abbildung 5.2b zeigt das fir beide Kristalle verwendete Treiberfeld

mit einer Spitzenfeldstirke von 4,9 MV em~!. Die zeitlich aufgeléste HSG-Emission
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der beiden Proben sieht qualitativ identisch aus (siche Abb. 5.2¢). Wie der Volumen-
kristall (blau) zeigt auch die Monolage eine zeitlich stark modulierte HSG-Emission
(rot), was den Kontrast zwischen optimalen und schlechten Injektionszeitpunkten ¢y
verdeutlicht. Besonders bemerkenswert ist aber, dass die Emissionsmaxima der bei-
den Kristalle zeitlich nicht synchronisiert sind, sondern einen kleinen zeitlichen Ver-
satz aufweisen. So sind die Injektionszeiten t., zu denen maximale HSG-Emission
auftritt, fir den Fall der Monolage systematisch zu fritheren Zeitpunkten verschoben,
verglichen mit dem Volumenkristall. Als Beispiel zeigt eine vergroferte Darstellung
des Emissionsmaximums bei t,, ~ 0fs, wie die optimalen Injektionszeitpunkte fir
Volumenkristall und Monolage um 1,5 fs zueinander verschoben sind. Fiir eine prazi-
se Bestimmung des optimalen Injektionszeitpunktes kénnen die Datenpunkte lokal
sowohl mit einer gauBiformigen (gezeigt als durchgezogene Linie in der vergroferten
Darstellung) als auch mit einer quadratischen Ausgleichsfunktion (gezeigt als durch-
gezogene Linie im Hauptbild) angenédhert werden. Beide Verfahren liefern identische
Ergebnisse, was spiter genauer diskutiert wird (vgl. Abb. 5.4).

Wie die starke zeitliche Modulation der HSG-Emission sowie die kleine zeitliche
Verschiebung zwischen WSes-Volumenkristall und Monolage zeigen, hangt die ge-
naue Trajektorie der Elektron-Loch-Paare extrem empfindlich von der Phasenlage
des Treiberfeldes ab, zu der die Ladungstriger angeregt werden. Fir quantitati-
ve Aussagen tber ihre Subzyklendynamik muss daher die Wellenform des Multi-
THz-Impulses auf der exakt gleichen Zeitachse wie die HSG-Emission aufgelost wer-
den. Im Experiment wird dazu das elektrische Treiberfeld mittels EOS (siche Abb.
5.3a) detektiert, sowohl vor (blau) als auch nach (rot) jedem aufgenommenen HSG-
Spektrogramm. Indem diese beiden Wellenformen korreliert werden, kénnen sogar
kleinste zeitliche Instabilitidten des optischen Aufbaus von bis zu 10 as wéhrend ei-
ner Messung aufgelost werden. Obwohl in Abb. 5.3a die beiden Wellenformen na-
hezu deckungsgleich sind, was dem optischen Aufbau eine hervorragende Stabilitdt
attestiert, ist bei der Vergroflerung auf einen Feldnulldurchgang eine verbleibende
zeitliche Verschiebung von 130 as ersichtlich. Bei der Datenanalyse wird das korri-
giert, indem die Zeitachsen der beiden EOS-Messungen so verschoben werden, dass
die Wellenformen moglichst deckungsgleich aufeinander liegen. Unter der Annahme,
dass sich die Instabilitidt des optischen Aufbaus kontinuierlich wiahrend einer HSG-

Messung entwickelt hat, kann auch die Zeitachse der HSG-Emission (siche Abb.
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Abbildung 5.3. | Korrektur von Instabilititen wihrend einer Messung. a,
Mittels EOS detektierte Multi-THz-Wellenform im Probenfokus vor (blau) und nach
(rot) einer HSG-Messung. Die beiden Wellenformen sind 130 as zueinander verscho-
ben (siehe Vergrofierung rechts oben). b, Spektral integrierte HSG-Emission einer
einzelnen Messung, dargestellt auf der Zeitachse, wie sie per Verzogerungsstrecke
eingestellt wurde (blau) und auf der Zeitachse, die die zeitliche Verschiebung aus
a kompensiert (rot). Die VergroBerungen oben zeigen die Streckung der Zeitachse.
Fir frihe Injektionszeiten betragt die Korrektur beispielhaft 30as (links) und fiir
spate Injektionszeiten 100 as (rechts).

5.3b, blau), die zwischen den beiden EOS-Messungen aufgenommen wurde, in ers-
ter Ordnung korrigiert werden. Im Experiment werden Ladungstréager erst zu sehr
frithen Zeitpunkten tq, injiziert und dann wird ¢., kontinuierlich erhéht. Zu jedem
Zeitpunkt wird ein volles HSG-Spektrum aufgenommen. Aus diesem Grund sollte
die HSG-Emission zu frithen t., eher zum EOS-Transienten vor der Messung pas-
sen. Fir spéte to, dagegen sollte vor allem die zeitliche Struktur der nachfolgenden
EOS-Messung relevant sein. Dazwischen wird die Zeitachse linear gestreckt bezie-
hungsweise gestaucht (rot), je nachdem ob die Wellenform nach einer HSG-Messung
zu positiven oder negativen t., verschoben ist. Im gezeigten Beispiel wird der Injek-
tionszeitpunkt t, &~ —50fs um 30 as und t., ~ 35fs um 100 as korrigiert.

Anhand der HSG-Emission mit dieser Zeitkorrektur kann anschliefend die Dynamik
der Elektron-Loch-Paare prazise studiert werden. Die relevante Grofle ist dabei die
Subzyklenverzogerung d,. als der Zeitversatz zwischen einem HSG-Emissionsmaxi-

mum und der néchstgelegenen Feldspitze des Multi-THz-Impulses [Lan16]. Fir eine

56



5.1. Attosekundenchronoskopie von Bloch-Elektronen

Gaussian fit Quadratic fit
[22]

£ 60

330
(&)

300 0 300
At (as)

Intensity, /sg (norm.)

. lc d

&4 1

%8

>237 i

] I o 9
© ___g’—'g\\" $ §3--4__
S 2. 3 | ° 3
2 9
0 "]

2y

2 N e Single scan ]

n - & Mean value

0 ‘ . . . , :
-60 40 -20 0 -60 -40 -20 0
Excitation time, £, (fs) Excitation time, f,, (fs)

Abbildung 5.4. | Berechnung der Subzyklenverzégerung. a, b, Die spektral
integrierte HSG-Emission (Datenpunkte) wird in einem kleinen Zeitfenster (roter
Bereich) mit einer gauBschen (a) beziehungsweise quadratischen (b) Ausgleichs-
funktion (rote Linie) angendhert. Als Referenz ist das Treiberfeld auf der gleichen
Zeitachse eingezeichnet (schwarze Kurve). Die zeitliche Position der extrahierten In-
tensitatsmaxima (rot gestrichelte Linien) wird mit den Feldspitzen des Treiberfeldes
(schwarz gestrichelte Linien) verglichen, was die Subzyklenverzogerung dg. ergibt. c,
d, Die fiir vier identische Messungen extrahierten Subzyklenverzégerungen von vier
verschiedenen HSG-Emissionsmaxima. Durch Mittelung ergibt sich der Erwartungs-
wert (rote Datenpunkte) sowie der Standardfehler (rote Fliche).

quantitative Analyse muss daher die exakte zeitliche Position der entsprechenden
Maxima ermittelt werden (siehe Abb. 5.4a und b). Dazu werden die Feldspitzen der

Multi-THz-Wellenform (schwarz) in einem Zeitintervall von je 12fs um die jeweili-
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ge Feldspitze durch gauBformige Ausgleichsfunktionen angenéhert. Die Analyse der
Zeitstruktur der HSG-Emission (rote Datenpunkte) nutzt zwei verschiedene Verfah-
ren. Bei der ersten Moglichkeit (sieche Abb. 5.4a) werden die verschiedenen HSG-
Maxima wieder in einem Zeitintervall von 12fs (rot schattierte Fliche) durch eine
gauBformige Ausgleichsfunktion angenahert. Eine zweite Moglichkeit besteht darin,
die Emissionsmaxima durch eine quadratische Ausgleichsfunktionen zu modellieren
(siche Abb. 5.4b, rot schattierte Fliache). Letztere Methode kann nicht nur einzelne
Maxima, sondern auch die gesamte HSG-Emission lokal durch eine quadratische Re-
gression interpolieren (durchgezogene rote Linie). Durch Vergleich der Rohdaten mit
der gemittelten Kurve der HSG-Emission kann auch das Signal-Rausch-Verhéltnis
abgeschétzt werden. Im Durchschnitt weichen die experimentellen Daten um 1,1 %
von der glatten Kurve ab. Um zu modellieren, welchen Effekt experimentelles Rau-
schen auf die Bestimmung der optimalen Injektionszeit hat, kann in einem Mo-
dell wiederholt eine hypothetische HSG-Emission mit vergleichbarem Signal-Rausch-
Verhéltnis zuféllig erzeugt und ausgewertet werden. So kann abgeschitzt werden,
dass das hier auftretende Rauschniveau die Zeitauflosung Ate, im Experiment auf
100 as begrenzt (siehe Histogramm). Die ermittelten optimalen Injektionszeiten (rot
gestrichelt) werden zuletzt mit den Feldmaxima (schwarz gestrichelt) verglichen, um
die Subzyklenverzégerung &y zu bestimmen. Ublicherweise ist ds positiv, was be-
deutet, dass die HSG-Emissionsmaxima kurz nach den Feldextrema auftreten.

Fiir eine ausreichend aussagekréftige Statistik wird jede HSG-Messung typischerwei-
se viermal wiederholt und, wie eben beschrieben, ausgewertet. Dabei wird sowohl vor
als auch nach jeder einzelnen HSG-Messung die Wellenform des Treiberfeldes mit-
tels EOS bestimmt. Abbildungen 5.4c¢ und d zeigen fir vier konsekutive Messungen
die jeweils extrahierten Subzyklenverzogerungen (bunte Datenpunkte) fir vier ver-
schiedene HSG-Emissionsmaxima. Unabhéngig davon, ob die Subzyklenverzégerung
mittels einer gauBformigen Fitfunktion (siche Abb. 5.4¢) oder mittels quadratischer
Anpassung (siche Abb. 5.4d) bestimmt wurde, ergeben sich nahezu identische Werte
fiir dg.. Die extrahierte Subzyklenverzogerung ist demnach robust gegentiber der ge-
nauen Form der Datenanalyse. Indem tiber die vier einzelnen Messungen gemittelt
wird, kann ein Erwartungswert fiir die Subzyklenverzogerung (rote Datenpunkte)
sowie deren Standardfehler als Fehlerbalken angegeben werden. Fir die tGber al-

le betrachteten HSG-Emissionsmaxima gemittelte Subzyklenverzogerung (ds.) wird
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der Mittelwert tiber die Subzyklenverzogerungen der einzelnen Maxima gebildet und
deren Standardfehler ebenfalls gemittelt, um einen Fehlerbalken fiir den Mittelwert
(0sc) zu erhalten. Fir den Unterschied in der Subzyklenverzogerung zwischen Vo-
lumenkristall und Monolage At = MY — P wechseln die HSG-Messungen stets
zwischen den beiden Kristallen ab. Deshalb wird zuerst der Unterschied At zwischen
zwei aufeinanderfolgenden Messungen bestimmt, am Ende tber die vier Messreihen

gemittelt und entsprechend der Standardfehler als Fehlerbalken berechnet.

5.2. Vermessen von Coulomb-Korrelationen

Abbildung 5.5a zeigt die Subzyklenverzogerung g fiir die vier intensivsten Emis-
sionsmaxima des WSe,-Volumenkristalls (blau) und Monolage (rot). Fir die ex-
perimentellen Daten (Kugeln) wurde ein Multi-THz-Impuls mit einer Spitzenfeld-
stiarke von Epeac = 4,9 MV cm~! und ein NIR-Impuls mit einem Fluss von &y =
14 pJ em~2 verwendet (vgl. Abb. 5.2). Fiir alle ausgewerteten Emissionsmaxima liegt
die Subzyklenverzégerung des Volumenkristalls 62" signifikant iiber der der Mono-
lage 6ML. Gemittelt iiber die vier Emissionsmaxima (gestrichelte Linie und schat-
tierte Fliche) ergibt sich fiir den Volumenkristall (2"%) = 3,2 + 0,2fs und fiir die
Monolage (5M¥) = 2,1 + 0,2fs. Es tritt also eine systematische Verschiebung der
optimalen Injektionszeit t., auf, die auch schon beim direkten Vergleich der HSG-
Emission von Volumenkristall und Monolage auffallt (vgl. Abb. 5.2¢). Fir den Un-
terschied in der Subzyklenverzégerung zwischen den beiden Proben At = ML — gbulk
ergeben sich deshalb strikt negative Werte (siehe Abb. 5.5b, Kugeln). Der Mittel-
wert (At) = —1,2 + 0,3fs ist dabei signifikant. Mit Fehlerbalken, die 300 as nicht
iibersteigen, kann die Subzyklenverzogerung 130 mal besser als die Dauer einer ein-
zelnen Schwingung des Treiberfeldes bestimmt werden. Damit iibertrifft die hier
vorgestellte Attosekundenchronoskopie die sonst durch die Energie-Zeit-Unschérfe
limitierte Zeitauflosung deutlich. Eine detaillierte Diskussion, wie insbesondere die
Impulsdauer des NIR-Impulses die erreichbare zeitliche Prézision der Attosekunden-
chronoskopie beeinflusst, befindet sich in Anhang A.

Fiir einen quantitativen Vergleich der HSG-Emission von Volumenkristall und Mono-
lage miissen sdmtliche Messartefakte beseitigt werden, die zu einem systematischen

Fehler in der Bestimmung der Subzyklenverzogerung fiihren konnten. Beispielswei-
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Abbildung 5.5.|Einfluss von Korrelationen auf die Subzyklenverzoge-
rung. a, Subzyklenverzogerung dg., bestimmt aus dem Experiment (Kugeln) und
aus QDCE-Rechnungen (Quadrate), fiir vier verschiedene HSG-Emissionsmaxima
als Funktion der optimalen Injektionszeit t.. fiir eine Spitzenfeldstirke FEpex =
4,9MV cm™! und einen NIR-Fluss ®xig = 1411J cm~2. In beiden Féllen nimmt die
Subzyklenverzogerung fiir die Monolage (rot) kleinere Werte an als fir den Volu-
menkristall (blau). Durch Mittelung tiber alle gezeigten Datenpunkte ergeben sich
Erwartungswert und Standardfehler (gestrichelte Linie und schattierte Fliache) von
(6Puky = 32 +0,2fs fiir den Volumenkristall und (6M) = 2,1 & 0,2fs fiir die Mo-
nolage. b, Differenz At der Subzyklenverzogerung in Volumenkristall und Monolage
mit einem Mittelwert von (At) = —1,240,3 fs tiber die vier gezeigten Datenpunkte.

se werden in den Messungen unerwinschte zeitliche Verschiebungen aufgrund der
Gouy-Phase des fokussierten Multi-THz-Impulses unterdriickt, indem alle verwen-
deten Kristalle in die exakt gleiche longitudinale Position im Fokus positioniert wer-
den. Dafiir wurde ein kompaktes Probendesign gewéhlt, bei dem sowohl der GaSe-
als auch die WSep-Kristalle auf einem gemeinsamen Diamantsubstrat aufgebracht
wurden (vgl. Abb. 4.8d). Insbesondere wurde darauf geachtet, dass der Abstand der
Kristalle nur wenige hundert Mikrometer betriagt, sodass keine groien lateralen Ver-
schiebungen nétig sind, um von einer EOS- auf eine HSG-Messung zu wechseln. Der
Abstand zwischen WSes-Volumenkristall und Monolage wurde sogar auf das absolu-
te Minimum reduziert, indem ein Kristall gewéhlt wurde, der sowohl dicke als auch
atomar diinne Bereiche aufweist. Damit betragt der Abstand zwischen dem Mess-

punkt fir Volumenkristall und Monolage gerade einmal 200 pm (vgl. Abb. 4.8a und
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Abbildung 5.6. | Einfluss von Propagationseffekten auf die Subzyklenver-
zogerung. An zwei verschiedenen Stellen des Volumenkristalls gemessene Subzy-
klenverzégerung ds. fiir Epeax = 6,2MVem™ und ®ng = 121nJ em™2. Gestrichelte
und schattierte Flachen zeigen den Erwartungswert und den Standardfehler bei Mit-
telung tiber alle vier HSG-Emissionsmaxima. 60 nm (rot) und 25 nm (schwarz) dicke
Stellen des Volumenkristalls weisen durchweg innerhalb der Fehlerbalken identische
Subzyklenverzégerungen auf.

b, Kreise). Indem zusétzlich das Diamantsubstrat senkrecht zum Strahlengang mit
einer maximalen Abweichung von 1° im Fokus positioniert wird, kann abgeschatzt
werden, dass sich die verschiedenen Messpunkte um nicht mehr als 3,5 pm in ihrer
longitudinalen Position unterscheiden. Mittels EOS wurde gefunden, dass die Gouy-
Phase zu einer zeitlichen Verschiebung der Feldspitzen des Multi-THz-Impulses von
1,3 fs fithrt, wenn die Probe um 100 pm entlang der Strahlrichtung verfahren wird.
Insgesamt konnen also mit dem kompakten Probendesign zeitliche Verschiebungen
zwischen Volumenkristall und Monolage aufgrund der Gouy-Phase auf unter 45 as
reduziert werden.

Zuséatzlich kann experimentell iiberpriift werden, dass einfache lineare oder nichtli-
neare Propagationseffekte im WSes-Volumenkristall die Subzyklenverzogerung nicht
mafBgeblich beeinflussen. Dazu wird die HSG-Emission von zwei unterschiedlich di-
cken Regionen des Volumenkristalls gemessen und fiir die jeweils vier intensivsten
Emissionsmaxima die Subzyklenverzogerung bestimmt (siche Abb. 5.6). Der 60 nm

(rot) und der 25 nm (schwarz) dicke Bereich des WSey-Volumenkristalls zeigen fiir

61



5. Attosekunden-Stoppuhr fiir Kristalle

alle vier ausgewerteten Emissionsmaxima im Rahmen der Fehlerintervalle identische
Subzyklenverzogerungen ds.. Die tiber alle Datenpunkte gemittelte Subzyklenverzo-
gerung (ds.) betragt 4,0 + 0,2 fs fiir den dickeren und 4,1 + 0,3 fs fiir den dinneren
Bereich. Somit tritt hier kein signifikanter Unterschied auf. Auch der erwartete Lauf-
zeitunterschied des NIR- und Multi-THz-Impulses durch einen 60 nm versus einen
25nm dicken WSeo-Volumenkristall ist mit 90 as deutlich kleiner als die Fehlerin-
tervalle. Da im Gegensatz dazu die vorigen Messungen einen Unterschied zwischen
Volumenkristall und Monolage von (At) = —1,2 + 0,3 fs ergeben haben (vgl. Abb.
5.5), konnen Propagationseffekte als Erkldrung des beobachteten Versatzes ausge-
schlossen werden.

Um den wahren Ursprung der Attosekunden-Verschiebung zwischen Volumenkris-
tall und Monolage zu finden und mit Vielteilchen-Wechselwirkungen in Verbin-
dung zu bringen, werden die Experimente mit einem voll quantenmechanischen
Ansatz modelliert. Die Theorie basiert dabei auf einer quantendynamischen Cluster-
Entwicklung (englisch: quantum-dynamic cluster-expansion, kurz: QDCE) [Kirl2].
Um die Lichtwellen-getriebene Dynamik der Elektron-Loch-Paare unter dem gleich-
zeitigen Einfluss von Vielteilchen-Wechselwirkungen quantitativ beschreiben zu kon-
nen, werden sowohl die volle Bandstruktur als auch die geometrische Phase der ge-
samten Brillouinzone von Volumenkristall und Monolage berticksichtigt. Der NIR-
Lichtimpuls erzeugt in einem ersten Schritt eine elektronische Besetzung sowie eine
Interbandpolarisation, die als sogenannte Singlets zunéchst nicht mit anderen La-
dungstragern wechselwirken. Vielteilchen- sowie Licht-Materie-Korrelationen bau-
en sich anschlieBend auf [Kir06a, Kir06b, Kirl2, Kirl5, Bor23]. Die Ein-Teilchen-
Dynamik wird durch die Halbleiter-Bloch-Gleichungen beschrieben [Kirl2]. Damit
lassen sich physikalische Groflen wie die makroskopische Polarisation berechnen, die
zur Erzeugung von Seitenbéndern hoher Ordnung fithren. Die nachfolgend gezeigten
Rechnungen wurden von Markus Borsch und Mackillo Kira von der University of
Michigan durchgefithrt. Sie modellieren die zugrundeliegende Lichtwellen-getriebene
Ladungstriagerdynamik unter Berticksichtigung von Vielteilchen-Korrelationen, wor-
aus die spektral und zeitlich aufgeloste HSG-Emission berechnet werden kann.
Analog zur Datenanalyse der experimentellen Ergebnisse werden die simulierten
Spektren im Energiebereich zwischen 2,0 und 2,64 eV integriert und so die HSG-
Emission als Funktion der Injektionszeit ., ermittelt. Abbildung 5.7 vergleicht die
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Abbildung 5.7. | Zeitaufgeloste HSG-Emission in Experiment und Theo-
rie. Zeitstruktur der HSG-Emission fiir drei verschiedene Emissionsmaxima fiir
FEpeak = 4,9MVem™ und &y = 14 pJ em™2. Sowohl Experiment (Datenpunkte)
als auch QDCE-Rechnungen (durchgezogene Linien) zeigen einen konsistenten Zeit-
versatz zwischen Volumenkristall (blau) und Monolage (rot). Der aus der Theorie
bestimmte Unterschied zwischen dem extrahierten optimalen Timing des Injektions-
zeitpunktes ist beschriftet.

experimentell gemessene (Datenpunkte) mit der aus den QDCE-Rechnungen be-
stimmte HSG-Emission (durchgezogene Linie) fiir die drei intensivsten Emissions-
maxima von Volumenkristall und Monolage. Die Parameter der Lichtimpulse wurden
in den Rechnungen dabei an das Experiment angepasst, sodass ein NIR-Fluss von
Pyir = 14pJ em™2 und eine Multi-THz-Spitzenfeldstirke von Epea = 4,9 MV cm™!
im Vakuum verwendet wurde. Hier ist noch zu beriicksichtigen, dass die Multi-THz-
Strahlung teilweise an den Kristallen reflektiert wird, sodass die effektive Feldstérke
in Wolframdiselenid auf 55 % abfallt. Sowohl fiir den WSey-Volumenkristall (blau)
als auch die Monolage (rot) beschreibt die QDCE-Theorie die gemessene HSG-
Emission quantitativ. AuBerdem reproduziert sie die Attosekunden-Verschiebung
zwischen den beiden Kristallen, die fiir die drei gezeigten Maxima zwischen 1000
und 1600 as liegt. Das wird auch in Abb. 5.5 deutlich, die darstellt, wie die QDCE-
Rechnung (Quadrate) sowohl die Subzyklenverzogerung ds. von Volumenkristall und
Monolage als auch deren durchweg negativen Unterschied At quantitativ reprodu-
ziert.
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Die voll quantenmechanische QDCE-Theorie erlaubt es, den physikalischen Ur-
sprung der Attosekunden-Verschiebung zwischen Volumenkristall und Monolage zu
entschliisseln. Wie experimentell bereits gezeigt wurde, kénnen weder lineare noch
nichtlineare Propagationseffekte im Kristall die signifikante Differenz At erkldren.
Daher muss der Grund fiir diesen Zeitversatz in anderen Eigenschaften der Kris-
talle liegen. Die Hauptunterschiede zwischen Volumenkristall und Monolage sind
zum einen deren Bandstruktur, da der Volumenkristall im Gegensatz zur Monola-
ge eine indirekte Bandliicke aufweist. Zum anderen besitzt die Monolage stérkere
Vielteilchen-Wechselwirkungen, insbesondere Coulomb-Korrelationen, aufgrund ih-
rer reduzierten Dimensionalitdt und der schwécheren dielektrischen Abschirmung.
Die quantitative QDCE-Theorie erlaubt es, den Einfluss dieser beiden Eigenschaf-
ten auf die Trajektorie der Ladungstréger zu separieren. Dazu wird die Stérke der
Coulomb-Wechselwirkung in den beiden Kristallen kiinstlich mit einem Faktor sc
skaliert. Mit anderen Worten wird die exzitonische Bindungsenergie in den beiden
Systemen kontinuierlich durchgestimmt, wihrend alle anderen Eigenschaften, wie
die genaue Form der Bandstruktur, konstant gehalten werden.

Abbildung 5.8 zeigt, wie sich die Subzyklenverzogerung des Volumenkristalls (blau)
und der Monolage (rot) als Funktion der Bindungsenergie E;4 des 1s-Exzitons verin-
dert. In beiden Fallen nimmt die Subzyklenverzogerung mit steigender exzitonischer
Bindungsenergie beziehungsweise Stirke von Coulomb-Korrelationen ab. Diese Ab-
hingigkeit ist ndherungsweise linear mit einer Steigung von —9 asmeV !, sodass die
Kurven fiir Volumenkristall und Monolage fast parallel aber verschoben zueinander
verlaufen. Die eingezeichneten Punkte und gestrichelten Linien zeigen die echten
exzitonischen Bindungsenergien von Ejs = 60 meV bezichungsweise 295 meV fiir Vo-
lumenkristall beziehungsweise Monolage. Fiir den Volumenkristall betriagt die Sub-
zyklenverzogerung dg. = 2,3 fs. Wird die Bindungsenergie in der Monolage kiinstlich
so verschoben, dass sie dem des Volumenkristalls entspricht, ergibt sich eine Subzy-
klenverzogerung von o, = 3,81fs, was 1,5 fs iiber dem Wert fiir den Volumenkristall
liegt. Das bedeutet, dass Details der Bandstruktur, in denen sich Volumenkristall
und Monolage unterscheiden, die Subzyklenverzogerung um 1,5fs verdandern und
in der Monolage zu einer héheren Subzyklenverzogerung fithren. Im Gegensatz da-
zu sinkt dge um 2,1fs ab, wenn die exzitonische Bindungsenergie in der Monolage

von 60 meV, also dem Wert im Volumenkristall, auf 295 meV, dem echten Wert in
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Abbildung 5.8. | Einfluss von Coulomb-Korrelationen auf die Subzyklen-
verzogerung. Berechnete Subzyklenverzogerung d. fiir Volumenkristall (blau) und
Monolage (rot) als Funktion der Bindungsenergie Ei4 des 1s-Exzitons. Die beiden
Punkte entsprechen der Subzyklenverzogerung bei der real auftretenden Bindungs-
energie von Fjs = 60meV fir den Volumenkristall und Ejs = 295meV fiir die
Monolage. Werden die Coulomb-Wechselwirkungen ausgehend von ihrer Stirke im
Volumenkristall kiinstlich bis hin zur Stéarke in der Monolage erhoht, ergibt sich eine
Anderung der Subzyklenverzogerung von 2,1 fs.

der Monolage, erhoht wird. Damit iibersteigt die Anderung aufgrund der stérkeren
Coulomb-Korrelationen die Anderung aufgrund von Bandstrukturdetails, also rei-
ner Ein-Teilchen-Eigenschaften, um 40 %. Da zusétzlich die Subzyklenverzogerung in
der Monolage unter Vernachléssigung der gesteigerten exzitonischen Bindungsener-
gie hoher ausfallen wiirde als im Volumenkristall und im Experiment das genaue
Gegenteil, namlich eine geringere Subzyklenverzogerung fiir die Monolage, beobach-
tet wird, ist die Attosekunden-Verschiebung zwischen Volumenkristall und Monolage
von der Veranderung der Vielteilchen-Korrelationen dominiert.

Dass Details der Bandstruktur nur einen untergeordneten Einfluss auf die Ver-
schiebung der Subzyklenverzogerung zwischen Volumenkristall und Monolage ha-
ben, wird auch beim direkten Vergleich der Bandstruktur plausibel (vgl. Abb. 3.2).
Zwar unterscheidet sich die Art der Bandliicke der beiden Systeme fundamental, da
ein Volumenkristall eine indirekte und eine Monolage eine direkte Bandliicke auf-

weisen. Allerdings werden in beiden Fillen die Elektron-Loch-Paare anhand einer
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direkten Interbandanregung am K-Punkt erzeugt, da der Impuls der anregenden
NIR-Photonen vernachlassigbar klein ist. Im Vergleich zu HHG werden fiir die Qua-
siteilchenkollisionen nur moderate Feldstirken von etwa 5 MV cm™! benétigt, was zu
einer verhdltnismafig kleinen Auslenkung im k-Raum von maximal 0,6 A7 fiihrt.
Das entspricht 30 % der Grofie der Brillouinzone. Die Ladungstrager bleiben daher
in der Ndhe des K-Punktes, wo sich die Bandstrukturen von Volumenkristall und
Monolage &hneln.

Um weiter die dominante Rolle der Vielteilchen-Wechselwirkungen bei der Atto-
sekunden-Verschiebung zwischen Volumenkristall und Monolage zu verdeutlichen,
kann die Dynamik der Elektron-Loch-Kollisionen ergdnzend zur voll quantenmecha-
nischen und quantitativen QDCE-Rechnung durch ein klassisches Modell qualitativ
beschrieben werden. Diese Simulationen wurden in Zusammenarbeit mit Christoph
Schmid und Rupert Huber durchgefiihrt. Das Modell berticksichtigt in der klassi-

schen Bewegungsgleichung

aez

mei(t) = eE(t) — prp—E

(5.1)
lediglich zwei Kréfte, die zwischen einem beweglichen Elektron und einem als fix
angenommenen Loch wirken: Die Kraft durch das elektrische Treiberfeld E(t) sowie
die Coulomb-Anziehung zwischen Elektron und Loch. Letztere skaliert invers qua-
dratisch mit dem Abstand z(t) zwischen den Ladungstriagern und hiangt noch von
der relativen Permittivitit e, sowie «, einem Maf fiir die relative Coulomb-Stérke
im klassischen Modell, ab. Die Differentialgleichung wird fir ein sinusférmiges Trei-
berfeld mit einer Spitzenfeldstirke von 3 MV cm™! gelést, wobei als Startbedingung
davon ausgegangen wird, dass der Anfangsabstand zy zwischen Elektron und Loch
dem Bohr-Radius entspricht. Dadurch wird verhindert, dass die Coulomb-Anziehung
fir x(t) = 0 divergiert. Sofern der Abstand zwischen Elektron und Loch nach Start
ihrer Beschleunigung auf einen Wert kleiner als xy abféllt, kommt es in diesem Mo-
dell zur Kollision und die kinetische Energie ., des Elektrons zum entsprechenden
Zeitpunkt ¢* dient als Maf fir die Stéarke der Kollision.

In Abb. 5.9a ist €. als Funktion des Injektionszeitpunkts t., wiahrend des Treiber-
feldes (grau schattiert) gezeigt. Nicht alle Injektionszeitpunkte ¢, filhren zu einer

Kollision. Fiir den Fall, dass keine Coulomb-Anziehung zwischen Elektron und Loch
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Abbildung 5.9. | Klassisches Modell fiir den Einfluss von Korrelationen. a,
Zwischen einem Elektron und einem positiv geladenen Atomkern wirkt die attrak-
tive Coulomb-Wechselwirkung mit der relativen Stérke a. Zusétzlich erfihrt das
Elektron noch eine Beschleunigung durch ein elektrisches Wechselfeld, das die La-
dungstrager zuerst auseinandertreibt und dann unter bestimmten Bedingungen kol-
lidieren lasst. Aufgetragen ist die Kollisionsenergie ., dieses Prozesses als Funktion
des Zeitpunkts tey, zu dem das Elektron seine Bewegung startet. Das sinusférmige
Wechselfeld mit der Spitzenfeldstérke Epec = 3 MV cm ™! (grau) ist als Referenz auf
der gleichen Zeitachse eingezeichnet. Fur stiarkere Coulomb-Korrelationen tritt das
Maximum der Kollisionsenergie fiir frithere Injektionszeitpunkte auf. Gezeigt sind die
Ergebnisse fir den Fall freier Ladungstriger (o = 0, lila) und zwei weitere relative
Stérken der Coulomb-Wechselwirkung, stellvertretend fiir den Fall eines Volumen-
kristalls (o = 1, blau) und einer Monolage (o = 4, rot). b, Subzyklenverzogerung
dsc als Funktion der relativen Coulomb-Stérke .

wirkt (a = 0, lila) kommt es nur zur Kollision, wenn die Ladungstréger nach dem
Feldmaximum injiziert werden. Sobald die Stirke der Coulomb-Wechselwirkung er-
hoht wird (o = 1, blau und « = 4, rot), kollidieren die Ladungstrager auch fiir leicht
frithere toy. Auffallend ist, dass auch der optimale Injektionszeitpunkt umso weiter
zu negativen Zeitpunkten verschoben ist, je stiarker die Coulomb-Anziehung gewihlt
wird. Die beiden Werte a = 1 (blau) und o = 4 (rot) stehen dabei stellvertretend
fiir Volumenkristall und Monolage. Die Simulationen zeigen, dass fiir eine stéarkere
Coulomb-Bindung das Elektron ldnger im ersten Halbzyklus des Treiberfeldes be-
schleunigt werden kann, was neben des fritheren optimalen Injektionszeitpunktes

ebenfalls zu einer insgesamt erhohten Kollisionsenergie fithrt.
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Unter der Annahme, dass eine hohe Kollisionsenergie in den HSG-Experimenten
zu einer intensiven Emission von Licht fithrt, kann auch in diesem klassischen Mo-
dell die Subzyklenverzogerung d,. extrahiert werden, indem der Zeitversatz zwischen
dem Feldmaximum und dem optimalen Injektionszeitpunkt . bestimmt wird. Sie
ist in Abb. 5.9b als Funktion der Coulomb-Stérke o gezeigt. Analog zu den QDCE-
Rechnungen féllt ds auch in diesem anschaulichen klassischen Modell nahezu linear
mit zunehmender Stirke der Coulomb-Wechselwirkung ab (vgl. Abb. 5.8). Fiir den
Fall freier Teilchen (o = 0) ergibt sich ds. &~ 2,1fs. Das entspricht bei einer Trei-
berfrequenz von 25 THz einer Phasenlage von etwa 18° und stimmt mit der Erwar-
tung aus dem Drei-Schritt-Modell fir HHG tberein [Cor93]. Zwischen den proto-
typischen Féllen fiir den Volumenkristall (¢ = 1) und fir die Monolage (o = 4)
ergibt sich eine Anderung der Subzyklenverzogerung At = 0,9fs. Die attraktive
Coulomb-Wechselwirkung erfordert eine hohere Wirkung des ersten Halbzyklus des
Treiberfeldes, um die Ladungstrager noch weit genug fiir eine effiziente Kollision
zu separieren. Wéhrend des kollidierenden Halbzyklus beschleunigt die Coulomb-
Anziehung die Ladungstréger zusatzlich aufeinander zu. Dadurch ist es moglich, die
Ladungstréger schon zu frithen Zeitpunkten ¢, zu injizieren, und die maximal még-
liche Kollisionsenergie nimmt mit der Coulomb-Stérke zu.

Mit diesem intuitiven Bild wird klar, dass nicht nur der optimale Injektionszeitpunkt,
sondern auch der Zeitpunkt der Kollision empfindlich von Korrelationen beeinflusst
wird. Mit den QDCE-Rechnungen ist es moglich, die gesamte Dynamik der Ladungs-
trager zu rekonstruieren, sodass nicht nur eine Subzyklenverzogerung ds. ermittelt
werden kann, sondern die ganze Trajektorie der Elektron-Loch-Paare. Insbesondere
kann damit bestimmt werden, zu welcher Zeit ¢ nach Injektion der Exzitonen HSG-
Strahlung emittiert wird. Abbildung 5.10 zeigt die zeitliche Abfolge dieser Dynamik.
Zuerst werden zum Injektionszeitpunkt e, Exzitonen durch den NIR-Impuls (lila)
erzeugt. Anschliefend werden die kohéarenten Elektron-Loch-Paare durch das Trei-
berfeld (Absolutbetrag, grau) beschleunigt und emittieren nach einer Zeit ¢ nach In-
jektion im Volumenkristall (blau) und in der Monolage (rot) HSG-Strahlung. Dabei
fallt auf, dass in beiden Féllen erst einen Halbzyklus nach der Erzeugung, zum Zeit-
punkt t = T, eine starke HSG-Emission einsetzt. Es ergibt sich also eine dreiteilige
Sequenz der Elektronendynamik: Injektion durch den NIR-Impuls, Beschleunigung

im externen Treiberfeld und zuletzt die Elektron-Loch-Kollision, die zur Emission
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Abbildung 5.10. | Zeitpunkt der HSG-Emission. Kohérente Exzitonen werden
durch den 8,6fs langen NIR-Impuls erzeugt (lila) und durch das Multi-THz-Feld
beschleunigt (grau, |Etm,|). Im folgenden Halbzyklus kollidieren die Ladungstra-
ger und emittieren HSG-Strahlung, deren Intensitat als Funktion der verstrichenen
Zeit t seit Anregung fiir Volumenkristall (blau) und Monolage (rot) aufgetragen ist.
Wihrend das Maximum der HSG-Emission (gestrichelte Linien) fiir den Volumen-
kristall bei T°4% = 18,6 fs nach der Injektion auftritt, setzt die HSG-Emission in der

coll

Monolage viel frither, bei T2 = 12,6 fs nach Anregung, ein.

von HSG-Strahlung fithrt. Wéhrend die starke Coulomb-Anziehung in der Mono-
lage eine langere Beschleunigung der Ladungstriager wahrend der Separationsphase
erfordert um grofe Auslenkungen zu erreichen, ist ihre Wirkung wihrend des kol-
lidierenden Halbzyklus invertiert. Denn hier beschleunigt die Coulomb-Anziehung
zusétzlich zum Treiberfeld die Ladungstrager aufeinander zu, sodass die Ladungs-
trager in der Monolage bereits kurz nach dem Feldnulldurchgang nach einer Zeit
TMY = 12,6 fs kollidieren. Im Volumenkristall kollidieren die Elektron-Loch-Paare
erst viel spater, nach dem Feldmaximum, zum Zeitpunkt T24* = 18,6 fs. Damit er-
gibt sich eine um 6,0 fs kiirzere Trajektorie fiir die Monolage, was sich auch auf die
optimale Injektionszeit te, und damit die Subzyklenverzégerung ds. auswirkt.

Fir ein tieferes Verstdndnis, wie die HSG-Emission und die Kollision der Quasi-
teilchen genau zusammenhéangen, werden fiir die verschiedenen Kollisionszeiten in
Volumenkristall und Monolage die jeweilige Wigner-Funktion Wysg(z, k) berech-
net und in Abb. 5.11 gezeigt [Wig32]. In Analogie zur Wahrscheinlichkeitsdichte,
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Abbildung 5.11. | Wigner-Funktionen bei Kollision. Wigner-Funktionen der
exzitonischen Polarisation Wysc (2, k) (Farbskala) in Monolage (a und b) und Volu-
menkristall (¢ und d) zum Zeitpunkt der Kollision in der Monolage TMEF = 12,6 fs (a

und ¢) und zum Zeitpunkt der Kollision im Volumenkristall T24% = 18,6 fs (b und

coll

d). Die rote Linie beschreibt jeweils die Trajektorie des Schwerpunkts der Wigner-
Funktionen. Wahrend bei ¢ = 12,6fs in der Monolage ein signifikanter Teil der
Wigner-Funktion die Bedingung = = 0 (lila Kreis) erftllt, ist dies im Volumen-
kristall nicht der Fall. Umgekehrt weist die Wigner-Funktion in der Monolage zum
Zeitpunkt ¢ = 18,6 fs kaum Uberlapp mit der Achse z = 0 auf, im Volumenkristall
aber schon (lila Kreis).

dass sich ein Teilchen mit Impuls p am Ort z aufhélt, kann auch eine quanten-
mechanische Wellenfunktion mit Wellenvektor & durch Wysg(z, k) im Phasenraum
dargestellt werden. Allerdings kann die Wigner-Funktion dabei im Gegensatz zur
Wahrscheinlichkeitsdichte klassischer Teilchen auch negative Werte annehmen. Mit
ihr lassen sich die Erwartungswerte im Phasenraum ({z)(t), (k)(¢)) bestimmen. Rote

Linien in Abb. 5.11 zeichnen deren zeitliche Dynamik fiir Elektron-Loch-Kollisionen
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nach. In der Monolage weist Wysc(z, k) fiir den Kollisionszeitpunkt TMF = 12,6 fs
(siche Abb. 5.11a) einen deutlichen Anteil bei = 0 auf (lila Kreis), sodass hier
Elektron und Loch mit grofler Wahrscheinlichkeit kollidieren. Fiir spétere Zeiten ist
die Kollisionsbedingung nicht mehr erfillt (siche Abb. 5.11b). Im Volumenkristall
ergibt sich ein umgekehrtes Bild: Hier sind zum Zeitpunkt ¢ = 12,6 fs noch keine
Kollisionen moglich (sieche Abb. 5.11c¢), dafiir aber 6,0 fs spéter, also zur Kollisions-
zeit TPWk = 18,6fs (siehe Abb. 5.11d), wenn sich wieder ein wesentlicher Teil der
Wigner-Funktion bei z = 0 zeigt (lila Kreis). Insgesamt ist damit die HSG-Emission
(vgl. Abb. 5.10) perfekt mit den Elektron-Loch-Kollisionen (vgl. Abb. 5.11) synchro-
nisiert. Beim Vergleich der Wigner-Funktionen von Volumenkristall und Monolage
fallt zudem auf, dass die starken Vielteilchen-Korrelationen in Verbindung mit der
Lichtwellen-getriebenen Beschleunigung der Ladungstrager einerseits die Trajektorie
andern und andererseits zu negativen Werten in Wysg(x, k) fithren. Diese deutlichen
Signaturen befinden sich jenseits einer semiklassischen Beschreibung und sind daher

eine quantenmechanische Besonderheit der Ladungstragerdynamik.

5.3. Dynamische Dephasierungszeiten

Durch die prizise Analyse der optimalen Injektionszeit te, kann also die Subzy-
klendynamik von Lichtwellen-getriebenen Ladungstriagern unter dem Einfluss von
Vielteilchen-Wechselwirkungen untersucht werden. Dabei wird die relevante Grofe,
die Subzyklenverzogerung d,., dominant durch die Starke der Coulomb-Anziehung
zwischen Elektron und Loch festgelegt. Umgekehrt kénnen Korrelationen anhand
der HSG-Emission studiert werden. Bisher wurde allerdings noch nicht berticksich-
tigt, dass die emittierte HSG-Strahlung nicht nur als Funktion der Injektionszeit toy
betrachtet werden kann, sondern im hier verwendeten Aufbau auch stets spektral
aufgelost wird. HSG-Emission geschieht, wenn Ladungstréiger kollidieren, also inner-
halb einer kurzen Zeitspanne, bei der die Kollisionsenergie als breitbandiges Licht
abgestrahlt wird. Die spektrale Form der HSG-Emission konnte daher ebenfalls In-
formationen tiber die Ladungstragerdynamik enthalten.

Spektral aufgelost ergibt die HSG-Emission in Abhéngigkeit von der Injektions-
zeit tex ein zweidimensionales Spektrogramm, wie in Abb. 5.12 gezeigt. Fur das

experimentell gemessene HSG-Spektrogramm der WSe,;-Monolage (oben) wurde ein
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Abbildung 5.12.| HSG-Spektrogramm. Frequenz- und zeitaufgeloste HSG-
Emission einer WSey-Monolage fiir eine Spitzenfeldstérke des Treiberfeldes von
Epeak = 6,2MVem™ und einem NIR-Fluss von ®xjg = 9,5pJ em™2. Die spek-
trale Intensitdt Igsg ist relativ zur Intensitét des NIR-Impulses Ixig aufgetragen.
QDCE-Rechnung (oben) und Experiment (unten) zeigen eine quantitative Uberein-
stimmung. Fiir eine {ibersichtlichere Darstellung weisen die Spektrogramme einen
vertikalen Versatz auf und die experimentellen Daten wurden mit einem Faktor
zwei skaliert. Die schwarzen Linien deuten Schnitte an, die in Abb. 5.13 gezeigt
sind.

! und ein

Multi-THz-Impuls mit einer Spitzenfeldstirke von Eyeax = 6,2MVem™
NIR-Impuls mit einem Fluss von ®xr = 9,51J cm~2 verwendet. Farblich kodiert
ist auf der z-Achse die HSG-Intensitit Iysg relativ zur Intensitat des NIR-Impulses
Inr dargestellt. Mithilfe der QDCE-Theorie kénnen die fiir die Ladungstragerdy-
namik und HSG-Emission relevanten Grofien wie die makroskopische Polarisation

berechnet werden, was ebenfalls eine spektral aufgeloste Analyse der HSG-Strahlung
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Abbildung 5.13. | Quantitative Berechnung von HSG-Spektren. a, Relative
HSG-Intensitat Iyse/Inr aus Abb. 5.12 als Funktion der Injektionszeit tex bei der
Photonenenergie hv = 2,06 eV. Verglichen werden Experiment (grau) und QDCE-
Rechnung (rot). b, Gemessene (grau) und mittels QDCE-Rechnung ermittelte (rot)
relative HSG-Intensitit Iysg/Inig aus Abb. 5.12 als Funktion der Photonenenergie
hv bei fester Injektionszeit to, = —19fs. Zusétzlich sind die Resultate von Rech-
nungen mit konstanten Dephasierungszeiten 7 = 21,9fs (blau) und 7 = 8,2fs (lila)
eingezeichnet. Allerdings kann nur die volle QDCE-Rechnung das Experiment quan-
titativ beschreiben.

erlaubt. Indem stets die relative Grofie Igsg/Inmr bestimmt und in den QDCE-
Rechnungen die gleiche Intensitat fir den NIR-Impuls wie im Experiment ver-
wendet wird, konnen Experiment und Theorie nicht nur qualitativ, sondern sogar
quantitativ verglichen werden. Das mit den QDCE-Rechnungen bestimmte HSG-
Spektrogramm der Monolage (siehe Abb. 5.12 unten) entspricht den Messungen
(oben) bis ins Detail.

Die perfekte Ubereinstimmung zwischen Experiment und Theorie wird in eindi-
mensionalen Schnitten durch die Spektrogramme direkt ersichtlich. Abbildung 5.13
zeigt dabei jeweils einen Querschnitt entlang der Zeitachse bei der Photonenenergie
hv = 2,06eV (siche Abb. 5.13a) beziehungsweise entlang der Energieachse bei der
Injektionszeit t., = —19fs (siche Abb. 5.13b) fir Experiment (grau) und QDCE-
Theorie (rot). Die QDCE-Rechnung beschreibt nicht nur qualitativ die spektrale
Form aus dem Experiment. Vielmehr stimmt die HSG-Emission Iygg relativ zur

NIR-Intensitét Injg sogar quantitativ mit dem Experiment iiberein. Und das, ob-
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Abbildung 5.14. | Auswirkung von Dephasierung auf HSG-Spektren. a,
HSG-Spektren aus Rechnungen mit konstanter Dephasierungszeit 7 (farbig) sowie
aus der vollen QDCE-Rechnung (grau). Oberhalb der Photonenenergie hv = 1,9V

sind die Spektren fiir eine klarere Darstellung mit einem Faktor 10° skaliert. b, Rela-
tive Intensitét des HSG-Spektrums aus der QDCE-Rechnung [%DGC " im Vergleich zur

Intensitét der HSG-Spektren aus Rechnungen mit konstanter Dephasierung Ifg&™s"
aus a. Durch die Annahme konstanter Dephasierungszeiten treten zusitzliche Mo-
dulationen im Spektrum auf, die im Experiment nicht beobachtet werden.

wohl wegen des nichtlinearen Charakters der HSG bereits eine kleine Anderung der
Feldstéirke des Treiberfeldes die hier gezeigten Seitenbander der vierten bis achten
Ordnung empfindlich beeinflussen kann.

In der QDCE-Rechnung ist die Dephasierungszeit fiir die 1s-A-Exzitonen nicht kon-
stant, sondern abhdngig vom genauen Zustand in der Brillouinzone, in dem sich
Elektron und Loch gerade befinden [Kirl2]. So betriagt die Dephasierungszeit in der
Monolage kurz nach Erzeugung der kohdrenten Elektron-Loch-Paare 7 = 21,9fs.
Durch die starke Beschleunigung aufgrund des intensiven Treiberfeldes sinkt die
Dephasierungszeit dann aber auf 7 = 8,2 fs. Einfachere Modelle, die keine zustands-
abhangige, sondern konstante Dephasierungszeiten annehmen, schaffen es nicht, das
gemessene Spektrogramm hinreichend zu beschreiben. So weicht fiir eine konstante
Dephasierungszeit 7 = 21,9fs (siche Abb. 5.13b, blau) die spektrale Form von den
Experimenten ab. Fiir ein Modell mit 7 = 8,2fs (lila) wird die HSG-Emission Iysg
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Abbildung 5.15. | Kohdrenz der Ladungstriager in der QDCE-Rechnung.
Dichte von kohérenten Exzitonen als Funktion der Zeit ¢ nach Anregung durch den
NIR-Impuls (schwarz). In der QDCE-Rechnung (rot) folgt die Ladungstrégerdichte
kurz nach Anregung dem gleichen Verlauf wie im Modell einer konstanten Depha-
sierungszeit 7 = 21,9fs (blau). Spéter, wenn die Ladungstréger im Multi-THz-Feld
beschleunigt werden und somit ausgelenkte Zusténde besetzen, zerfillt die koha-
rente Exzitonendichte schneller und ndhert sich dem Verlauf mit einer konstanten
Dephasierungszeit 7 = 8,2fs (lila) an. Vertikale Linien zeigen das Maximum der
Ladungstragerdichte in den verschiedenen Modellen.

um eine ganze Grofenordnung unterschétzt, da zu viele Elektron-Loch-Paare ihre
Kohéarenz verlieren und somit nicht mehr zur Erzeugung von Seitenbédndern hoher
Ordnung beitragen kénnen.

Um weiter zu verdeutlichen, warum nur die QDCE-Theorie die HSG-Spektren hinrei-
chend beschreibt, werden in Abb. 5.14 drei Modelle mit konstanter Dephasierungs-
zeit mit der QDCE-Rechnung verglichen. Die relative Stirke der HSG-Emission
Insc/Inr (siche Abb. 5.14a) weicht fir alle drei Modelle mit 7 = 21,9fs (blau),
13,2fs (rot) beziehungsweise 8,2fs (lila) im Bereich iiber 26V sowohl in Form als
auch Quantitit von der QDCE-Rechnung (grau) ab. Um reine Anderungen in der
spektralen Form durch die Modelle mit konstanter Dephasierungszeit zu verdeutli-
chen, stellt Abb. 5.14b das Verhaltnis aus der HSG-Emission der QDCE-Rechnung
T2 und der drei Modelle I556™% dar. Dabei treten bei hisheren Photonenenergien

deutliche Oszillationen auf, die im Experiment und den QDCE-Daten nicht beobach-
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tet werden. Damit ergibt sich, dass dynamisch angepasste Streuprozesse aufgrund
der starken Coulomb-Wechselwirkung wahrend der Beschleunigung von Ladungstré-
gern empfindlich die HSG-Emission der Monolage beeinflussen.

Mikroskopisch betrachtet zerstort Dephasierung die Kohédrenz der Exzitonen und
verringert dadurch die Anzahl an Elektron-Loch-Paaren, die zur HSG-Emission bei-
tragen konnen. In Abb. 5.15 ist die Dichte kohérenter Exzitonen n., in Abhangigkeit
von der Zeit ¢ nach Anregung durch den NIR-Impuls (schwarz) gezeigt. Zunéchst
steigt die Ladungstriagerdichte schnell an und folgt im QDCE-Modell (rot) den Simu-
lationen mit der langsten Dephasierungszeit von 7 = 21,9fs (blau) bis die maximale
Dichte erreicht wird. Danach féllt n.., schneller ab und folgt fiir spite Zeiten ¢ dem
Verlauf der Simulation mit einer kiirzeren Dephasierungszeit 7 = 8,2fs (lila). Die
Streuung der Ladungstréger fingt also zunachst relativ langsam an, nachdem die ko-
harenten Elektron-Loch-Paare erzeugt werden. Denn zu Beginn liegen 1s-Exzitonen
vor, die vergleichsweise langsam dephasieren. Sobald sie das externe Treiberfeld al-
lerdings beschleunigt und in héherenergetische Zusténde bringt, nimmt die Streuung
zu [Kir06a]. Aus diesem Grund lésst sich die Dephasierungszeit in den Simulationen
nicht auf eine feste Konstante reduzieren, sondern muss dynamisch je nach Zustand

der Exzitonen angepasst werden.

5.4. Externes Feld versus Coulomb-Anziehung

Bisher wurde untersucht, wie sich die Coulomb-Wechselwirkung sowie Streuprozes-
se auf zeitliche und spektrale Aspekte der HSG-Emission auswirken. Die Coulomb-
Anziehung zwischen Elektron und Loch wirkt dabei der Lichtwellen-getriebenen Be-
schleunigung der Ladungstriager im externen Feld entgegen, zumindest wihrend der
Separationsphase. Aus diesem Grund sollte vor allem das Verhaltnis zwischen au-
Berer, treibender Kraft und der intern wirkenden Coulomb-Wechselwirkung fiir die
Subzyklendynamik der Exzitonen von Bedeutung sein. Tatséchlich féllt bei genauer
Betrachtung von Abb. 5.5 auf, dass die Subzyklenverzogerung in Volumenkristall
und Monolage fiir die zentralen Halbzyklen des Treiberfeldes tendenziell leicht er-
hoht ist im Vergleich zu den schwécheren Halbzyklen. Abbildung 5.16 stellt diesen
Umstand direkt dar. Hier ist die Subzyklenverzogerung dg. (rot) fiir jeden Halbzy-

klus des duBeren Treiberfeldes gezeigt, dessen Absolutbetrag (schwarz) mit einem
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Abbildung 5.16. | Abnahme der Subzyklenverzogerung fiir schwache Halb-
zyklen. a, Experimentell gemessene Subzyklenverzogerung ds. (rot) als Funkti-
on der Injektionszeit to. Das Treiberfeld (grau) mit einer Spitzenfeldstirke von
Epeax = 5,5MV cm~! ist als Referenz auf der gleichen Zeitskala gezeigt. b, Die
zugehorigen QDCE-Rechnungen reproduzieren die fiir kleine Feldstarken charakte-
ristische geringere Subzyklenverzogerung fiir die weniger intensiven Halbzyklen des
Treiberfeldes.

Spitzenwert von Epea = 5,5 MV em™! im Experiment eingezeichnet ist. Sowohl im
Experiment (siche Abb. a) als auch mit den QDCE-Rechnungen (siche Abb. b) er-
gibt sich fur die intensivsten Halbzyklen die hochste Subzyklenverzogerung. Hier gilt
zu beachten, dass nicht nur die Feldstarke des Injektionshalbzyklus, sondern auch
des darauffolgenden Halbzyklus, wihrend dessen die Ladungstriager kollidieren, be-
riicksichtigt werden muss. Fiir weniger intensive Halbzyklen nimmt dy. ab.

Um systematisch zu iiberpriifen, wie sich die relative Stérke zwischen Coulomb-
Anziehung und Lichtwellen-Beschleunigung auf die Dynamik von kohérenten Elek-
tron-Loch-Paaren auswirkt und die neue Messmethode der Attosekundenchrono-
skopie zu testen, wird im Experiment die Intensitdt des Multi-THz-Impulses vari-
iert. Abbildung 5.17a zeigt die Subzyklenverzogerung (ds.) in Abhéngigkeit von der
Spitzenfeldstarke Epeax des Treiberfeldes. Fiir die gemittelte Subzyklenverzégerung
wurden dabei die drei intensivsten HSG-Emissionsmaxima zwischen t., ~ —40fs
und te, &~ 0fs beriicksichtigt. Auflerhalb dieses Zeitintervalls erreichen die Halbzy-

klen des Multi-THz-Impulses nur einen Bruchteil der maximalen Feldstérke, weshalb
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Abbildung 5.17. | Lichtwellen-Beschleunigung versus Coulomb-Anzie-
hung. a, Uber drei HSG-Emissionsmaxima zwischen t., ~ —40fs und t, ~ 0fs
gemittelte Subzyklenverzogerung (ds.) im WSey-Volumenkristall (blau) und Mono-
lage (rot) fiir verschiedene Multi-THz-Spitzenfeldstérken Epe.. Sowohl Experiment
(Datenpunkte) als auch QDCE-Rechnung (Linien) zeigen eine hohere Subzyklen-
verzogerung bei hoheren Feldstarken. b, Verhéltnis aus gemittelter Subzyklenver-
zogerung im Volumenkristall (6°2"%) und in der Monolage (5M%) aus Experiment
(Datenpunkte) und Theorie (Linie). Fir hohe Spitzenfeldstarken nahert sich das
Verhéltnis dem Wert 1 an.

sie weniger empfindlich auf Anderungen von Epeax reagieren. Mit einer maximalen
Spitzenfeldstirke von Epea = 6,2 MV em™! setzt noch keine HHG ein (vgl. Abb. 2.6
und Referenz [Lan16]). In der Monolage (rote Punkte) steigt (ds.) mit zunehmender
Feldstarke monoton von 1,2 £+ 0,2fs auf 3,0 £ 0,3 fs an. Im Volumenkristall (blaue
Punkte) ergibt sich ebenfalls eine lineare Zunahme von (dg.), allerdings ist hier die
Subzyklenverzogerung fiir alle Feldstirken grofer als fiir die Monolage aufgrund
der schwacheren Coulomb-Korrelationen. Der streng monotone Zuwachs von (dg) in
Abhéngigkeit von Epeax wird ebenfalls von den QDCE-Rechnungen (durchgezogene
Linie) bestatigt. Im Fall der Monolage zeigen die Rechnungen einen nahezu linearen
Zusammenhang zwischen der Subzyklenverzogerung und der Treiberfeldstérke.

Bei immer stérkeren Feldern F,c.x wird die Trajektorie der Elektron-Loch-Paare zu-
nehmend durch das eingestrahlte Feld bestimmt und der Einfluss von Korrelationen

auf die Ladungstragerdynamik fallt vergleichsweise geringer aus. Dadurch dhneln
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die Trajektorien bei hoheren Feldern denen quasifreier Elektron-Loch-Paare und die
Subzyklenverzogerung (ds.) steigt an. Zudem konnen starke Felder Ladungstrager
weiter auslenken, sodass diese in einen grofieren Phasenraum streuen kénnen und
somit schneller dephasieren. Also werden kiirzere Trajektorien tiber langere bevor-
zugt, was bedeutet, dass Injektionszeitpunkte unmittelbar vor einem Nulldurchgang
des Treiberfeldes zu effizienterer HSG-Emission fiithren. Genau wie die zunehmend
vernachlassigbaren Korrelationen bei starken eingestrahlten Feldern iibersetzt sich
dieses Verhalten in eine grofiere Subzyklenverzogerung, was den experimentell be-
obachteten Verlauf der Daten erklart.

Dass immer stérkere Spitzenfelder Ejcax irgendwann die Coulomb-Korrelationen im
Kristall dominieren, zeigt auch der Quotient der Subzyklenverzogerungen in Vo-
lumenkristall und Monolage (6MF)/(6P"k) (siche Abb. 5.17b). Er steigt sowohl im
Experiment (Datenpunkte) als auch in der QDCE-Theorie (durchgezogene Linie)
an. Fir die stiarksten verwendeten Felder ndhert sich der Quotient dem Wert 1 an.
Hier spielen die unterschiedlich starken Coulomb-Korrelationen in Volumenkristall
und Monolage nur noch eine untergeordnete Rolle, da die Elektronentrajektorie vor
allem durch die Lichtwellen-Beschleunigung geprégt ist.

Im klassischen Modell der Beschleunigung von Elektron-Loch-Paaren in einem &u-
Beren Treiberfeld (vgl. Abb. 5.9) treten zwei Terme auf, die genau diese beiden
konkurrierenden Kréfte beschreiben (vgl. Gleichung 5.1). Wird hier die Stérke der
Coulomb-Wechselwirkung « konstant gehalten und die Spitzenfeldstérke des Trei-
berfeldes erhoht, kann ebenso die Abhéngigkeit der Subzyklenverzogerung von Epex
untersucht werden. Abbildung 5.18a (rote Datenpunkte) offenbart dabei wie im Ex-
periment eine lineare Zunahme von ds mit Epear. Allerdings kénnen mit der bis-
herigen klassischen Beschreibung keine Subzyklenverzogerungen grofier als ungefahr
0se = 2,12fs erreicht werden, was dem Fall freier Ladungstriger (v = 0) entspricht.
Dieser Grenzfall tritt fir sehr hohe Felder ein, bei denen die Coulomb-Anziehung
zwischen Elektron und Loch vernachléssigt werden kann. Um die im Experiment
beobachtete Subzyklenverzogerung von teilweise iiber ds. = 3fs reproduzieren zu
konnen, wird im klassischen Modell ein zusétzlicher Mechanismus benétigt, der kiir-
zere Trajektorien bevorzugt und damit gréBere Subzyklenverzogerungen unterstiitzt.
Das kann beispielsweise mit Streuung realisiert werden. Unter der vereinfachenden

Annahme, dass die kohérenten Elektron-Loch-Paare mit einer festen Zeitkonstante
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Abbildung 5.18. | Einfluss der Multi-THz-Feldstiarke im klassischen Mo-
dell. a, Subzyklenverzogerung ds. im klassischen Modell als Funktion der Multi-
THz-Spitzenfeldstérke Ejeax ohne (rot) und mit Dephasierung (blau) der Elektron-
Loch-Paare. Durch eine konstante Dephasierungszeit von 7 = 9fs erhoht sich die
Subzyklenverzogerung um 1,75fs. b, Sowohl die voll quantenmechanische QDCE-
Rechnung (rote Linie) als auch das klassische Modell mit konstanter Dephasierung
(blau) konnen die experimentell beobachtete Skalierung der Subzyklenverzogerung
(rote Datenpunkte) quantitativ beschreiben.

7 = 9fs dephasieren, werden auch im klassischen Modell Werte ds. > 2,12 fs moglich
(siche Abb. 5.18a, blaue Datenpunkte). Tatsichlich fithrt die Berticksichtigung von
Streuung zu einem Verlauf von ds. in Abhéngigkeit von Ejcax parallel zum Verlauf
ohne Streuung (rote Datenpunkte), allerdings mit einem Versatz von 1,75 fs. Sowohl
stiarkere Treiberfelder als auch eine erhéhte Dephasierung fithren also zu einer gro-
Beren Subzyklenverzogerung.

Hier soll aber angemerkt sein, dass mit dem klassischen Modell die HSG-Emission
nicht spektral aufgelost werden kann. Kapitel 5.3 hat bereits gezeigt, dass Streu-
prozesse empfindlich die spektrale Form und Intensitét der HSG-Strahlung beein-
flussen. Insbesondere reichen konstante Streuzeiten nicht aus, um die Dynamik der
Ladungstréger prazise zu beschreiben. Vielmehr miissen zustandsabhéngige Streu-
prozesse berticksichtigt werden. Deshalb stellt die feste Dephasierungszeit im klas-
sischen Modell eine starke Vereinfachung dar und dient eher zur Veranschaulichung

der Elektronendynamik. Insgesamt kann aber der experimentell beobachtete, nahe-
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Abbildung 5.19. | Einfluss der Multi-THz-Feldstiirke auf exzitonische Tra-
jektorien. a, Aus QDCE-Rechnungen ermittelte Trajektorien fiir den Fall frei-
er Ladungstréger, die zum Zeitpunkt ¢, = —16,5fs angeregt werden und in ei-
nem Feld mit der Spitzenfeldstirke Epe = 3,1 MVem™ (blau) bezichungsweise
FEpeak = 6,2MVem™ (rot) beschleunigt werden. Die farbigen Pfeile markieren die
(z, k)-Koordinaten zum Zeitpunkt der Kollision 20,9 fs nach Anregung der Ladungs-
triager. Diese sind fir die beiden Trajektorien perfekt synchronisiert. Der schwar-
ze Pfeil zeigt die Durchlaufrichtung der Trajektorie. b, Trajektorien fiir den Fall
wechselwirkender Ladungstriager in einer WSep-Monolage. Die Pfeile markieren die
(z, k)-Koordinaten 15,9 fs nach Anregung der Ladungstréger. Das ist der Zeitpunkt,
zu dem die Ladungstriger fiir Epe,x = 6,2MV cm™ kollidieren. Hier sind die beiden
gezeigten Trajektorien nicht mehr synchronisiert, da die Kollision fir die niedrigere
Feldstérke erst kurze Zeit spéter geschieht. Der Durchmesser der Kreise entspricht
dem Anteil der exzitonischen Polarisation, der zur HSG-Emission beitragt.

zu lineare Verlauf von dg in Abhéngigkeit von Epek sowohl mit dem klassischen
als auch mit dem quantenmechanischen QDCE-Modell richtig beschrieben werden
(siehe Abb. 5.18b).

Dass d von der verwendeten Treiberfeldstdrke abhingt, bedeutet bereits, dass die
relative Starke zwischen Lichtwellen-Beschleunigung und Vielteilchen-Wechselwir-
kungen wichtig ist und somit, dass Korrelationen die Dynamik der Ladungstrager
beeinflussen. Um das mikroskopisch zu verstehen, kann die Elektron-Loch-Kohérenz

im Phasenraum als Trajektorie dargestellt werden. Fiir quasifreie Ladungstrager, die
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in keinerlei Art und Weise wechselwirken und eine quadratische Dispersion aufwei-
sen, zeigt Abb. 5.19a zwei beispielhafte Trajektorien fiir den Fall einer modera-
ten Feldstirke von Epe = 3,1MVem™ (blau) und fiir eine hohe Feldstirke von
6,2 MV cm™! (rot). In beiden Féllen betriigt der Injektionszeitpunkt te, = —16,5 fs.
Die Trajektorien sehen qualitativ identisch aus, mit dem einzigen Unterschied, dass
fiir die doppelte Feldstirke auch doppelt so hohe Auslenkungen im Phasenraum
erreicht werden. Da aber die Geschwindigkeit der freien Ladungstrager linear mit
der Auslenkung im k-Raum skaliert, sind die beiden Trajektorien immer noch per-
fekt synchronisiert. Das wird durch die farbigen Pfeile verdeutlicht, die die (z, k)-
Koordinate der Trajektorien zum Kollisionszeitpunkt 7¢,; = 20,9 fs nach der Injek-
tion anzeigen. Sie sind unabhéngig von der verwendeten Feldstérke parallel ausge-
richtet, sodass im Fall freier Teilchen keine Abhéngigkeit der Subzyklenverzogerung
von der Feldstirke erwartet wird.

Korrelationen beeinflussen die Dynamik von Elektron-Loch-Paaren in der WSes-
Monolage, fiir die wie zuvor der Schwerpunkt der Wigner-Funktion Wygsg(z, k)
mittels QDCE-Rechnungen bestimmt wird. Fir den gleichen Injektionszeitpunkt
tex = —16,5fs wie im Fall quasifreier Ladungstréger sind die Trajektorien in Abb.
5.19b dargestellt. Der Anteil der exzitonischen Polarisation, der zur HSG-Emission
beitrégt, ist dabei als Durchmesser der Kreise gezeigt. Sowohl fiir moderate als auch
fiir starke Felder steigt dieser Anteil zundchst schnell an, da die Ladungstréger im
externen Feld Energie aufnehmen. Kurz nach der Kollisionsbedingung « = 0 nimmt
er aber aufgrund von Kollisionen und Streuprozessen abrupt ab. Wird die Treiber-
feldstirke von 3,1 MV cm™' (blau) auf 6,2MVcem™! (rot) verdoppelt, dndert sich
die Form der Trajektorie. Die farbigen Pfeile deuten auf die (z, k)-Koordinate der
Trajektorien 15,9 fs nach Anregung der Ladungstriger. Wahrend diese Zeit der Kol-
lisionszeit Teop fiir die hohe Feldstarke entspricht, kollidieren die Ladungstréager fiir
Epeak = 3,1 MV em™! erst ein wenig spiter, namlich bei Teoy = 16,2fs. Aus diesem
Grund sind die Pfeile nicht mehr gleich ausgerichtet und damit die Trajektorien
nicht mehr synchronisiert. Das bedeutet, dass sich auch d.. mit der Feldstarke ver-
dndert. Damit fithren Colomb-Korrelationen und Streuprozesse nicht nur zu einer
Verringerung der Kollisionszeit, sondern auch zu einer Feldstarke-Abhéngigkeit der

Ladungstragerdynamik, wie sie experimentell beobachtet wird (vgl. Abb. 5.17).
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5.5. Spin-Tal-Kopplung und Pauli-Verbot

Bis hierhin konnten mit der neu entwickelten Methode der Attosekundenchrono-
skopie die Stiarke von Coulomb-Korrelationen, dynamische Streuprozesse sowie der
Einfluss des Treiberfeldes in der Elektronendynamik entschliisselt werden. Zum Ab-
schluss bleibt noch offen, ob auch Quanteneigenschaften von Festkorpern die Trajek-
torie von Bloch-Elektronen prigen und damit direkt in der Zeitdoméne beobachtet
werden konnen. Um diese Frage zu beantworten, kann beispielsweise die Spin-Tal-
Kopplung in TMDC-Monolagen genutzt werden (vgl. Kapitel 3). Aufgrund der star-
ken Spin-Bahn-Wechselwirkung und der gebrochenen Inversionssymmetrie in einer
WSes-Monolage kénnen die indquivalenten Hochsymmetriepunkte K und K’ der Bril-
louinzone selektiv mit zirkular polarisiertem Licht angeregt werden (vgl. Abb. 3.3).
Zudem ist die Bandstruktur entlang der K — K’-Richtung asymmetrisch. Konkret
besitzt das Leitungsband vom K- beziehungsweise K’-Tal startend hin zum anderen
Tal eine steilere Steigung als in Richtung des I'-Punktes.

Abbildung 5.20 zeigt auf einer logarithmischen Skala die zeit- und frequenzaufge-
loste HSG-Emission einer WSey-Monolage, in der kohédrente Exzitonen ausschlief3-
lich im K-Tal mit einem links-zirkular polarisierten NIR-Impuls (sieche Abb. 5.20a)
beziehungsweise im K’-Tal mit einem rechts-zirkular polarisierten NIR-Impuls (sie-
he Abb. 5.20b) erzeugt werden. Der Multi-THz-Impuls mit einer Spitzenfeldstirke
von Epex = 4,9MVem™! (im Bild jeweils oben) beschleunigt die Ladungstriger
entlang der K — K’-Richtung. Beide Spektrogramme zeigen eine starke Modulati-
on als Funktion der Injektionszeit t.y, die vor allem bei der vierten harmonischen
Ordnung zwischen 484 und 526 THz sichtbar wird. In diesem Bereich sind die HSG-
Spektrogramme unter links- und rechts-zirkular polarisierter Anregung identisch.
Bei hoheren Ordnungen macht sich aber ein deutlicher Unterschied in der HSG-
Emission bemerkbar: Wahrend das Seitenband der achten Ordnung zwischen 577
und 638 THz fiir links-zirkular polarisierte NIR-Impulse vor allem fiir eine Injektion
wihrend positiver Halbzyklen des Treiberfeldes auftritt, ist das fiir rechts-zirkular
polarisierte NIR-Impulse vor allem fir negative Halbzyklen der Fall.

Dieser Umstand wird besonders deutlich, wenn die HSG-Emission spektral iiber die
einzelnen Ordnungen integriert wird. Abbildung 5.21 zeigt die gesamte Intensitit

der vierten (a), sechsten (b) sowie achten (c¢) Ordnung als Funktion der Injekti-
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Abbildung 5.20. | HSG-Emission Valley-polarisierter Elektron-Loch-
Paare. a, b, Spektral aufgeloste HSG-Emission einer WSey-Monolage als Funktion
der Injektionszeit tey fir links- (a) und rechts-zirkular (b) polarisierte NIR-Impulse.
Das Multi-THz-Treiberfeld (schwarze Kurve oben) besitzt eine Spitzenfeldstérke von
Epeak = 4,9 MV cm~! und der NIR-Fluss betrigt ®xr = 14 1J cm~2. Die horizonta-
len grauen Linien unterteilen die Spektrogramme in die Bereiche der vierten (unten,
484 — 526 THz), der sechsten (Mitte, 526 — 577 THz) und der achten Ordnung (oben,
577 — 638 THz). Besonders bei der hochsten gezeigten Ordnung ist zu erkennen, wie
die HSG-Emission fiir links-zirkular polarisierte NIR-Impulse zunimmt (abnimmt),
wenn die Ladungstriager wihrend positiver (negativer) Halbzyklen des Treiberfeldes
angeregt werden. Fiir rechts-zirkular polarisierte Injektionsimpulse ist das Verhalten
umgekehrt.

onszeit te, fir links-zirkular (blau), rechts-zirkular (rot) sowie linear polarisierte
Anregung (schwarz gestrichelt) der Ladungstrager. Fiir die niedrigste Ordnung (a)
treten keine Unterschiede fir die unterschiedlichen Polarisationen auf und positive
wie negative Halbzyklen des Treiberfeldes fithren gleichermaflen zur Emission von
HSG-Strahlung. Das éndert sich bei der sechsten Ordnung (b), bei der links-zirkular
polarisierte Anregung wéihrend eines positiven Halbzyklus zu einer starken und wéh-
rend eines negativen Halbzyklus zu einer etwas abgeschwéchten HSG-Emission fiihrt.
Der Kontrast zwischen positiven und negativen Halbzyklen wird bei der achten Ord-
nung (c) maximal und die HSG-Emissionsmaxima fiir negative Halbzyklen sind na-
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Abbildung 5.21. | Gebrochene Symmetrie der HSG-Emission. Spektral inte-
grierte und normierte HSG-Emission einer WSey-Monolage als Funktion der Injekti-
onszeit to,.. Das Fenster fiir die spektrale Integration erstreckt sich dabei wie in Abb.
5.20 eingezeichnet tiber die vierte (a, 484 — 526 THz), die sechste (b, 526 — 577 THz)
und die achte Ordnung (c, 577—638 THz). Das Treiberfeld (oben) weist eine Spitzen-
feldstirke von Epex = 4,9MVem™ auf. Wihrend bei der vierten Ordnung (a) die
HSG-Emission sowohl fiir links- (blau) und rechts-zirkular (rot) als auch fiir linear
polarisierte (schwarz gestrichelt) NIR-Impulse identisch aussieht, sind leichte Ab-
weichungen fiir die sechste Ordnung (b) erkennbar. Hier wird mehr HSG-Strahlung
emittiert, wenn die Ladungstriager wihrend eines positiven (fiir links-zirkular po-
larisierte Anregung) beziehungsweise eines negativen (fiir rechts-zirkular polarisier-
te Anregung) Halbzyklus des Treiberfeldes injiziert werden. Fiir linear polarisierte
NIR-Impulse ist keine Symmetriebrechung fiir negative und positive Halbzyklen des
Treiberfeldes zu sehen. Fiir die achte Ordnung (¢) wird die Symmetriebrechung noch
starker. Gestrichelte vertikale Linien markieren die Position des zentralen positiven
und negativen Halbzyklus des Treiberfeldes.

hezu komplett unterdriickt. Fiir die gegensatzliche Helizitat des NIR-Impulses ist
dieses Muster invertiert und eine Anregung wéihrend negativer Halbzyklen fithrt zu
einer effizienten HSG-Emission. Ein linear polarisierter NIR-Impuls bedingt eine von
der Polaritat des Treiberfeldes unabhangige HSG-Emission.

Dass die HSG-Emission unter zirkular polarisierter Anregung fiir positive und ne-
gative Halbzyklen unterschiedlich ausféllt, bedeutet, dass die Ladungstriagerdyna-
mik fiir positive Felder nicht der fiir negative Felder entspricht (sieche Abb. 5.22).
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Abbildung 5.22.| HSG-Emission in
einem einzelnen Tal. Ein links-
zirkular polarisierter NIR-Impuls regt
Elektronen im K-Tal zum Zeitpunkt t..
an (I, roter Pfeil). Geschicht dies wéh-
rend eines positiven Halbzyklus des Trei-
berfeldes (schwarze Kurve unten), wer-
den die Elektronen zunéchst in den fla-
chen Teil der Bandstruktur beschleunigt
(II). Der folgende negative Halbzyklus
treibt die Ladungstriager dann aber in
Richtung des steilen Bandanstiegs, wo sie
mit viel Energie kollidieren und effizient
E, k HSG-Strahlung emittieren (III).

Mit links-zirkular polarisiertem Licht werden kohérente Elektron-Loch-Paare nur
im K-Tal erzeugt (I). Fiir einen Injektionszeitpunkt wihrend eines positiven Halb-
yzklus des Treiberfeldes beschleunigt das positive Feld die Ladungstrager zunéchst
in den Bereich der Bandstruktur, in dem das Band erst kurz ansteigt und fiir héhere
Auslenkungen wieder abféllt (II). Der folgende negative Halbzyklus fithrt dann zu
Elektron-Loch-Kollisionen, also wenn die Ladungstriger in Richtung des steileren
Anstiegs der Bandenergie beschleunigt werden (III). Damit kénnen die Ladungstra-
ger energiereich kollidieren, was zu einer effizienten HSG-Emission fithrt. Werden die
Elektron-Loch-Paare wihrend eines negativen Halbzyklus angeregt, kollidieren sie
im flachen Teil der Bandstruktur, was zu keiner starken HSG-Emission fithrt. Fir die
entgegengesetzte Helizitit des Anregeimpulses wird das K’-Tal bevolkert und Injek-
tionszeitpunkte wahrend negativer Halbzyklen fithren zu Kollisionen im dispersiven
Teil des Bandes. Diese Diskrepanz zwischen positiven und negativen Halbzyklen tritt
allerdings erst dann auf, wenn die Ladungstriger bis in asymmetrische Bereiche der
Bandstruktur ausgelenkt werden. Aus diesem Grund nimmt der Kontrast zwischen
negativen und positiven Halbzyklen mit der Ordnung der Seitenbédnder zu. Linear
polarisierte Anregung fithrt zu einer gleichméfligen Bevolkerung der beiden gespie-
gelten Téler, was die Symmetrie der HSG-Emission wiederherstellt.

Somit lassen sich Symmetrien der Bandstruktur in der HSG-Emission wiederfin-

den, wie es schon in fritheren Arbeiten nachgewiesen wurde [Lanl8, Bor20]. Doch
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Abbildung 5.23. | Dynamik korrelierter, Valley-polarisierter Ladungstra-
ger. a, Differenz At der gemittelten Subzyklenverzogerung in WSes-Volumenkristall
und Monolage in Abhédngigkeit vom NIR-Fluss @y (untere x-Achse) beziehungs-
weise der Exzitonendichte in der Monolage (obere x-Achse) fiir rechts-zirkular (rot)
und linear polarisierte Anregung (schwarz). Das Treiberfeld hat eine Spitzenfeld-
starke von Epee = 4,9MVem™. Fiir die gezeigten Datenpunkte wurde tiber finf
HSG-Emissionsmaxima zwischen t., &~ —60fs und t.x =~ 20 fs gemittelt. b, Gemes-
sener (Datenpunkte) und per Simulation berechneter (durchgezogene Linie) Unter-
schied in der Subzyklenverzogerung zwischen rechts-zirkular und linear polarisierter
Anregung At(o%) — At(linear) der in a gezeigten Daten.

die Valley-Polarisation kann sich auch auf Korrelationen auswirken. Daher besteht
die fiir diese Arbeit relevante Frage darin, ob Signaturen der Valley-Polarisation
auch jenseits des Ein-Teilchen-Bildes in der Trajektorie von Ladungstragern gefun-
den werden konnen. Dazu wird der Unterschied in der Subzyklenverzogerung At
zwischen WSe,-Volumenkristall und Monolage in Abhangigkeit vom verwendeten
NIR-Fluss ®nir beziehungsweise der in der Monolage angeregten Exzitonendich-
te betrachtet (siche Abb. 5.23a). Sowohl fiir rechts-zirkular (rot) als auch linear
polarisierte NIR-Impulse (schwarz) wéichst At monoton mit der Exzitonendich-
te an. Bei linear polarisierter Anregung liegt At im Bereich zwischen —1400 und
—950 as. Fiir zirkular polarisiertes Licht liegt der Mittelwert von At stets iiber den

Werten fiir linear polarisiertes Licht und erreicht fiir den hochsten im Experiment
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verwendeten NIR-Fluss ®xr = 19,0 1) cm™2 sogar einen Wert von gerade einmal
At = —140 + 230 as. Damit entspricht die Subzyklenverzogerung in der Monolage
(ML) im Rahmen der Fehler der des Volumenkristalls (2"*). Abbildung 5.23b zeigt
die Differenz At(o*) — At(linear) der beiden Messkurven in Abb. 5.23a. Sie steigt
von 250 auf 750 as als Funktion des NIR-Flusses an. QDCE-Rechnungen (durchge-
zogene Linie) reproduzieren diesen Trend.

Die mikroskopische Ursache fiir dieses Verhalten liegt in der Abschirmung der Cou-
lomb-Wechselwirkung Vi s zwischen Elektronen mit den Wellenvektoren k und k'.
Elektronen mit Wellenvektor k reduzieren Vi s aufgrund des Pauli-Verbots [Kirl2].
Ohne angeregte Ladungstréiger ist die Coulomb-Wechselwirkung in der Monolage
sehr viel starker als im Volumenkristall, wo es ohnehin eine dominante dielektrische
Abschirmung gibt. Dadurch verdndern angeregte Ladungstriger die Abschirmung
in der Monolage um einen groeren Betrag als im Volumenkristall und rufen somit
einen starkeren Effekt auf die Coulomb-Wechselwirkung hervor. Im Volumenkristall
bleibt die exzitonische Bindungsenergie unabhéngig von der Dichte von Elektron-
Loch-Paaren weitestgehend konstant. Eine ausfiihrliche Diskussion dieses Umstands
findet sich in Anhang B. Insgesamt gleichen sich die Coulomb-Korrelationen in Mo-
nolage und Volumenkristall fiir hohere Ladungstrigerdichten immer weiter an und
At tendiert gegen null (vgl. Abb. 5.23a).

Interessanterweise zeigen die QDCE-Rechnungen, dass die Coulomb-Abschirmung
von Vi effizienter funktioniert, wenn k und k’ &hnlich gro8 sind. Das bedeutet
insbesondere, dass der Effekt durch die Coulomb-Abschirmung maximal wird, wenn
alle Elektron-Loch-Paare in einem Tal erzeugt werden und somit denselben Valley-
Pseudospin aufweisen. Der zur Verfiigung stehende Phasenraum fiir Exzitonen ist
dann halbiert. Bei Anregung mit zirkular polarisiertem Licht wird Vi s also noch ef-
fizienter durch andere Ladungstriager abgeschwécht. Der Fall At ~ 0 tritt auf, wenn
die Exzitonen in der Monolage so schwach gebunden sind, dass sie das quasifreie
Limit des Volumenkristalls erreicht haben. Insgesamt fithrt das Pauli-Verbot in Ver-
bindung mit Abschirmeffekten und einem gefiillten Phasenraum zu Attosekunden-
Verschiebungen in den Trajektorien von Bloch-Elektronen, die mit der hier gezeigten

Messmethode erfolgreich aufgelost werden konnen.
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Kapitel

Ausblick: Elektronendynamik bei

Phaseniibergangen

Curiosity is not a sin.

— Albus Dumbledore

Die neu entwickelte Technik der Attosekundenchronoskopie schafft es, Vielteilchen-
Wechselwirkungen direkt in der Zeitdoméne nachzuweisen. Dabei kénnen sich Kor-
relationen nicht nur in der exzitonischen Bindungsenergie, sondern auch drastischer,
zum Beispiel in einem Phasentibergang duflern. Hier konnen Interaktionen zwischen
Ladungstragern zu einer abrupten Verdnderung in grundlegenden Eigenschaften ei-
nes Festkorpers fithren. Als eine besonders vielversprechende Anwendung der Atto-
sekundenchronoskopie kénnte also getestet werden, ob sich damit auch Phasentiber-

ginge untersuchen lassen.

6.1. Attosekundenchronoskopie von

Phaseniibergingen

In Abschnitt 5.5 wurde gezeigt, dass eine Erhohung der Ladungstriagerdichte in
einer WSes-Monolage zu einer Abschirmung der Coulomb-Wechselwirkung und da-

durch zu einer Verschiebung um mehrere hundert Attosekunden in der Trajektorie
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Abbildung 6.1. | Nachweis von Phaseniibergéingen anhand der Attosekun-
den-Dynamik. a, Aus Simulationen berechnete Subzyklenverzogerung d. einer
WSez-Monolage als Funktion der Fermi-Entartung p. Die vertikale Linie zeigt den
Ubergang von der isolierenden (1 < 1) zur metallischen Phase (u > 1) des Halb-
leiters. b, Aus Simulationen berechnete Anderung der Subzyklenverzégerung in Ab-
héngigkeit von der relativen Starke von Streuprozessen s.,.

von Bloch-Elektronen fiihrt. Prinzipiell konnen immer mehr Ladungstréger im Kris-
tall angeregt werden, sodass die Coulomb-Anziehung zwischen Elektron und Loch
immer schwécher wird. Ab einer kritischen Ladungstragerdichte ist die exzitoni-
sche Bindung dann nicht mehr stabil und es formt sich ein Elektron-Loch-Plasma
[Kap05, Chel5, Stel7, Wan19, Sid22]. Dieser Phasentibergang duflert sich makro-
skopisch zum Beispiel dadurch, dass gebundene Exzitonen keinen Ladungstransport
erlauben, ein Elektron-Loch-Plasma allerdings schon. Das Material geht also von iso-
lierend zu elektrisch leitend iiber. Als Ordnungsparameter fiir diese Phase kann die
Fermi-Entartung p betrachtet werden, die das Verhéltnis der thermischen Energie
zur Fermi-Energie p = kgT'/er angibt [Zagl9]. Experimentell kann g unter ande-
rem durch elektrische Kontakte oder optisch mit einem Lichtimpuls durchgestimmt
werden [Wan19]. Variieren von p bringt das System von der isolierenden (p < 1) zur
elektrisch leitenden Phase (1 > 1), bei der die exzitonische Bindung aufgebrochen
ist. Allerdings ist der Fall g > 1 durch einen optischen Anregeimpuls nur schwer zu
erreichen, da die resonante Absorption des Kristalls bereits vorher séittigt.

Abbildung 6.1a zeigt die berechnete Subzyklenverzogerung . in Abhéngigkeit von

der Fermi-Entartung p. Von p = 0 startend steigt ds. zunéchst an, was auch experi-
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mentell beobachtet wird (vgl. Abb. 5.23b). Durch das verstarkte Pauli-Verbot nimmt
die exzitonische Bindung ab. Beim exzitonischen Mott-Ubergang (1 = 1) ergibt sich
eine nahezu divergierende Diskontinuitat von dg. und eine Liicke zwischen den bei-
den Phasen von 1,58fs. In der metallischen Phase stellt sich dann eine konstante
Subzyklenverzogerung ein. Attosekundenchronoskopie konnte daher verwendet wer-
den, um den Ubergang von einer elektrisch isolierenden zu einer metallischen Phase
beim Mott-Ubergang aufzulésen. Fiir eine WSey-Monolage betrégt die kritische La-
dungstrigerdichte fiir diesen Ubergang etwa 7 - 10'2 em™2 [Sid22], was die in dieser
Arbeit erreichte Dichte um den Faktor drei tibersteigt. Damit dirfte die grofite Her-
ausforderung vor allem darin liegen, gentigend Exzitonen im Material anzuregen.
Ein weiteres Beispiel fiir einen exotischen Phaseniibergang tritt bei exzitonischen
Isolatorzustédnden auf. In Halbmetallen, bei denen die exzitonische Bindungsener-
gie die Bandliicke tibersteigt, bilden sich auch im Grundzustand Exzitonen, da sie
energetisch unterhalb des Valenzbandes liegen [Jér67, Wak09]. In den letzten Jahren
gab es Hinweise, dass dieser Phaseniibergang in Monolagen von WTe, stattfinden
kann [Jia22, Sun22]. Ein neuer Grundzustand der Exzitonen bei diesem Phasen-
iibergang konnte sich beispielsweise in einer stark unterdriickten Streuung duflern
[Smil0]. Abbildung 6.1b stellt dar, wie sich die Subzyklenverzogerung veréndert,
wenn die Streurate in Rechnungen kiinstlich mit einem Faktor s, skaliert wird. Fiir
einen kleinen Wert von s, wird Streuung unterdriickt und dy. reduziert, weil lingere
Trajektorien der Ladungstréger ermoglicht werden. Diese Situation ist vergleichbar
mit dem Verwenden geringer Treiberfeldstérken (vgl. Abb. 5.17a), die die Exzitonen
nicht ionisieren und dadurch zu niedrigeren d,. fithren. Beim abrupten Phasentiber-
gang zum exzitonischen Isolatorzustand kommt es zu einer instantanen Anderung
der Dephasierungszeit und somit auch zu einer sprunghaften Anderung der Subzy-
klendynamik, die experimentell ermittelt werden kann.

In der Vergangenheit wurde bereits versucht, Erzeugung Hoher Harmonischer als
Nachweis fiir Phaseniibergénge zu nutzen [Sill8, Alc22]. Hier besteht allerdings
die Herausforderung darin, dass sich bei Phaseniibergdngen und thermischen An-
passungen auch die lineare optische Antwort und damit der Brechungsindex sowie
Reflexions- und Absorptionskoeffizienten eines Materials andern konnen. Dadurch
wird auch die Intensitat und Dispersion des Treiberfeldes beeinflusst, was drastische

Auswirkungen auf die Erzeugung Hoher Harmonischer hat. Es lasst sich dann nur
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6. Ausblick: Elektronendynamik bei Phasentibergédngen

schwer sagen, ob der Phaseniibergang direkt in den Hohen Harmonischen nachgewie-
sen werden kann, oder ob lediglich die verdnderten linearen optischen Eigenschaf-
ten des Materials die Erzeugungseffizienz der Hohen Harmonischen beeinflussen.
Bei Attosekundenchronoskopie werden auf einer Subzyklenzeitskala Anderungen der
Elektronendynamik untersucht. Und diese zeitlichen Signaturen sind von Natur aus
weitestgehend von thermischen oder linearen optischen Eigenschaften entkoppelt,
sodass diese Technik neue vielversprechende Moglichkeiten bei der Untersuchung

von Phasentibergidngen eroffnet.

6.2. HSG in Halbmetallen

Das zweite Beispiel fiir einen exotischen Phaseniibergang, das im vorigen Kapitel
diskutiert wurde, der exzitonische Isolatorzustand, benétigt eine Bandliicke, die ge-
ringer als die exzitonische Bindungsenergie ausfillt. Damit kommen nur Halbmetalle,
nicht aber gewohnliche Halbleiter mit zu grolen Bandlicken in Frage. Obwohl die
Rechnungen in Abb. 6.1 zeigen, dass die Phase eines Materials direkten Einfluss
auf die Subzyklenverzogerung hat, stellt sich die Frage, ob HSG in Metallen oder
Halbmetallen iiberhaupt experimentell moglich ist. Immerhin wird Licht an solchen
Materialien starker reflektiert als an Halbleitern, wodurch geringere Feldstarken im
Innern der Probe erreicht werden. Bisher wurde noch kein exzitonischer Isolatorzu-
stand experimentell zweifelsfrei nachgewiesen. Allerdings gibt es Hinweise auf diese
Phase in einer WTe,-Monolage [Jia22, Sun22]. Dabei handelt es sich um ein Halbme-
tall mit einer Bandliicke von etwa 50 meV und einer exzitonischen Bindungsenergie
von mehr als 100meV [Sun22]. Damit wére die Bildung von Exzitonen selbst im
thermischen Gleichgewicht moglich. Um zu iiberpriifen, ob dieser Kandidat fiir den
exzitonischen Isolatorzustand die Emission von HSG-Strahlung unterstiitzt, wur-
de ein 20 nm dicker WTey-Volumenkristall hergestellt. Wie in den vorigen Kapiteln
werden dann NIR- und Multi-THz-Impuls auf die Probe fokussiert.

Da das Halbmetall die Multi-THz-Feldstarke im Material stark abschwécht, wird ein
intensiver Multi-THz-Impuls mit einer Zentralfrequenz von vry, = 32 THz und einer
Spitzenfeldstarke von Ec. = 8,5 MV em ™t in Vakuum verwendet (siche Abb. 6.2a).
Die deutliche HSG-Emission kann spektral und als Funktion der Injektionszeit t,
aufgelost werden (siehe Abb. 6.2b). Das HSG-Spektrogramm besitzt, wie auch schon
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Abbildung 6.2. | HSG-Erzeugung im Halbmetall WTe,. a, Im Experiment
verwendetes Treiberfeld mit einer Spitzenfeldstirke Epex = 8,5MVem™ und ei-
ner Zentralfrequenz vry, = 32THz. b, Spektral aufgelostes HSG-Spektrogramm
eines 20nm dicken WTes-Volumenkristalls als Funktion der Verzogerungszeit tox
zwischen Multi-THz- und NIR-Impuls mit einem NIR-Fluss ®xg = 9,511J cm™2. c,
Die zwischen 459 und 490 THz integrierte HSG-Intensitéit Iygg zeigt eine typische
Subzyklenmodulation. d, Extrahierte Subzyklenverzogerung ds. fiir vier verschie-
dene HSG-Emissionsmaxima. Die Fehlerbalken wurden aus der Ungenauigkeit der
numerischen Anpassung der HSG-Emissionsmaxima aus ¢ bestimmt.

in WSes, eine klare zeitliche Modulation. Abbildung 6.2¢ zeigt die spektral integrier-
te HSG-Emission, aus der die Subzyklenverzogerung ds. (siche Abb. 6.2d) bestimmt
wird. Dabei nimmt d,. Werte zwischen —700 und 1300 as an. Die Fehlerbalken erge-
ben sich aus der Unsicherheit bei der Bestimmung der zeitlichen Position der HSG-
Emissionsmaxima und sind im gezeigten Beispiel kleiner als 200 as. Damit reicht die
HSG-Emission des WTey-Volumenkristalls fiir Attosekundenchronoskopie aus. Es
sollte daher prinzipiell moglich sein, auch in einer WTey-Monolage Korrelationen und

etwaige Phaseniiberginge zu vermessen. Dafiir muss ein WTeo-Einkristall auf das

93



6. Ausblick: Elektronendynamik bei Phasentibergédngen

atomare Limit ausgediinnt werden und darf dabei nicht mit Luft in Berithrung kom-
men, da er sonst oxidiert. Aulerdem miissen die HSG-Messungen bei Temperaturen
durchgefiihrt werden, die den Phaseniibergang zum exzitonischen Isolatorzustand
erlauben. Das ist bei etwa 100 K der Fall und kann mit einem Helium-Durchfluss-
Kryostaten erreicht werden [Sun22]. Mit Attosekundenchronoskopie kénnte der Pha-
seniibergang potentiell rein optisch und kontaktfrei nachgewiesen werden. Auflerdem
konnten auf der Subzyklenzeitskala, auf der Elektron-Loch-Kollisionen stattfinden,
elektronische und strukturelle Mechanismen hinter Phasentibergéngen unterschieden

werden.

6.3. Dynamik von Floquet-Bloch-Zustianden in

topologischen Isolatoren

Attosekundenchronoskopie ist dabei nicht auf Phasen von Materialien im thermi-
schen Gleichgewicht beschrankt. Vielmehr ermoglicht die Lichtwellen-Beschleuni-
gung von Elektronen auch stark getriebene Systeme auf der Subzyklenzeitskala zu
untersuchen. Besonders lohnenswert wére es, mit Licht die Bandstruktur eines Fest-
kérpers mafBzuschneidern [Ike20]. Beispielsweise kénnten auf diese Art und Weise
flache Bénder erzeugt und so besonders starke Korrelationen induziert werden, die
dann wiederum zu Phasentibergingen fithren [Caol8b, Caol8al. Es wire eine viel-
versprechende Herangehensweise, Materialien mit einer transienten Bandstruktur
mittels Attosekundenchronoskopie zu charakterisieren. Um einen ersten Schritt in
diese Richtung zu gehen, wurden mit dem in dieser Arbeit bereits verwendeten
Multi-THz-Impuls Bloch-Elektronen im Oberflachenzustand des topologischen Iso-
lators Bismuttellurid (BigTe;) beschleunigt und die transiente Bandstruktur und
Elektronenbesetzung mittels winkelaufgeloster Photoelektronenspektroskopie (eng-
lisch: angle-resolved photoelectron spectroscopy, kurz: ARPES) aufgezeichnet. Damit
konnte zum ersten Mal iiberhaupt auf der Subzyklenzeitskala aufgenommen werden,
wie in einem vo6llig kohdrenten Regime Elektronen vor- und zuriickbeschleunigt wer-
den, dabei mit sich selbst interferieren und Floquet-Bloch-Bénder entstehen. Dieses
Projekt wurde in Zusammenarbeit mit Suzu Ito, Johannes Reimann, Jens Gidde

und Ulrich Héfer von der Ungversitit Marburg sowie Manuel Meierhofer, Stefan
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Schlauderer, Dmytro Afanasiev und Rupert Huber von der Universitit Regensburg
durchgefiihrt. Michael Schiiler und Michael Sentef trugen die Theorie bei. Die fol-
genden Ergebnisse wurden in Nature veroffentlicht [Ito23].

Sind Bloch-Elektronen dem zeitlich periodischen Potential von Licht mit der Fre-
quenz v ausgesetzt, entstehen sogenannte Floquet-Bloch-Zustédnde als Kopie der
Gleichgewichtsbandstruktur, die in der Energie um Vielfache von hv versetzt sind
[Wan13, Senl5, Okal9]. Obwohl verschiedene Aspekte wie die Hybridisierung ver-
schiedener Floquet-Bloch-Zustéinde [Oka09, Linll, Hiib17] oder ihre Rolle beim
Licht-induzierten anomalen Hall-Effekt bereits untersucht wurden [McI20], konnte
bis jetzt weder aufgelost werden, wie sich Floquet-Bloch-Zustande auf der Subzy-
klenzeitskala aufbauen, noch wie Elektronen von einem Floquet-Bloch-Band in ein
anderes tibergehen. Auflerdem blieb bisher das Zusammenspiel aus der elektroni-
schen Intrabanddynamik, die sich schneller als eine Schwingung von Licht abspielt,
und Floquet-Bloch-Zusténden, die sich erst in einem zeitlich periodischen Potential
bilden, ein ungeliiftetes Geheimnis.

Elektronen im topologisch geschiitzten Oberflichenzustand von BisTes besitzen ei-
ne quasirelativistische Dispersion und aufgrund der Spin-Impuls-Kopplung auch ex-
trem lange Streuzeiten von mehr als einer Pikosekunde [Reil8]. Dadurch kann sie
ein Multi-THz-Impuls (siehe Abb. 6.3a) vollig ballistisch beschleunigen. Mit einem
ultrakurzen UV-Impuls mit einer Impulsdauer von 17fs werden zu einer variablen
Verzogerungszeit ¢ relativ zum Treiberfeld ARPES-Schnappschiisse von BiyTes auf-
genommen (sieche Abb. 6.3b). Die ARPES-Spektren werden durch Berechnung der
2D-Kriimmung Cop gefiltert [Zhall, Zhal8]. Bevor das Multi-THz-Feld auf die Elek-
tronen wirkt, bevolkern sie bis zur Fermi-Energie ep symmetrisch den topologischen
Oberfldchenzustand (TSS) mit seiner charakteristischen linearen Dispersion. Bei ei-
ner Verzogerungszeit von ¢ = —100 fs, wahrend eines schwachen Oszillationshalb-
zyklus des Treiberfeldes vor dem Hauptimpuls, ist eine messbare Auslenkung der
Fermi-Fléche zu beobachten. Das entspricht einem Lichtwellen-getriebenen Strom
[Reil8]. Einen Oszillationszyklus spéter (¢t = —60fs) werden die Elektronen ex-
trem stark ausgelenkt und, tiberraschenderweise entfernt sich die elektronische Be-
setzung von der Gleichgewichtsbandstruktur und bevoélkert einen Teil im Energie-
Impuls-Raum, in dem im thermischen Gleichgewicht gar keine Zustdnde existie-

ren. Nach einem weiteren Halbzyklus (¢ = —40fs) schniirt sich diese Besetzung
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Abbildung 6.3.| Subzyklendynamik von Floquet-Bloch-Zustidnden. a,
Elektrisches Treiberfeld Ery, an der Oberflache des topologischen Isolators BiyTes.
Die Spitzenfeldstirke in der Probe betrigt 0,8 MV em™' und die Zentralfrequenz
25 THz. Rote vertikale Linien deuten die Zeitpunkte an, zu denen die ARPES-
Schnappschiisse in b aufgezeichnet wurden. b, Photoemissionsspektren zu verschie-
denen Zeitpunkten ¢ wihrend des Treiberfeldes. Gezeigt ist die kriimmungsgefilterte
ARPES-Intensitiat Cop. In grau ist die per DET-Rechnung bestimmte Bandstruktur
angedeutet. Der Fall ¢ = —100fs entspricht dem Gleichgewichtszustand, bevor der
Multi-THz-Impuls auf die Probe trifft. Hier liefert die Besetzung des Valenzbandes
des Volumenkristalls (BVB, schattierte Fliache) den stérksten Beitrag, wihrend das
Volumen-Leitungsband (BCB) komplett leer ist. Oberflichenzusténde sind als Lini-
en eingezeichnet, wobei der topologisch geschiitzte (TSS) hervorgehoben ist. Er ist
zu Beginn bis zur Fermi-Energie ¢p gefillt.

ab und es ist deutlich zu erkennen, wie Floquet-Bloch-Seitenbénder entstehen. Die
Dispersion der Seitenbander (graue Linien) folgt dabei der des topologischen Ober-
flachenzustands, allerdings mit einem Versatz, der einem ganzzahligen Vielfachen
von 100 meV, also der Photonenenergie des Treiberfeldes mit einer Zentralfrequenz
von 25THz, entspricht. Gleichzeitig werden die Elektronen innerhalb der Seiten-
bander hin und her beschleunigt. Intra- und Interbanddynamik tritt daher nicht
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nur in der Gleichgewichtsbandstruktur auf, sondern auch in der transienten, Licht-
induzierten Floquet-Bloch-Bandstruktur. Knapp vor dem Maximum des Multi-THz-
Treiberfeldes (t = —18fs) bevolkert die Mehrheit der Elektronen das erste Floquet-
Bloch-Seitenband.

Elektronen werden also entlang der Bander kohédrent hin und her beschleunigt, was
zu Quanteninterferenzen und damit zur Entstehung von Floquet-Bloch-Seitenbén-
dern fithrt. Diese transiente Bandstruktur baut sich dabei ultraschnell auf, denn
iiberraschenderweise geniigt bereits eine einzige Schwingung von Licht, um eine aus-
reichend starke Interferenz der Elektronen fiir die Beobachtung von Floquet-Bloch-
Seitenbéndern zu erhalten [It023].

Fir die zweite Hélfte des Multi-THz-Impulses (siche Abb. 6.4a) sind die ARPES-
Schnappschiisse in Abb. 6.4b gezeigt. Ungefihr zum Zeitpunkt des Feldmaximums
(t = —12fs) besetzen die Elektronen immer hohere Floquet-Bloch-Seitenbénder.
Sobald sie dabei mit dem Volumen-Leitungsband iiberlappen (¢ = 22f{s), hybridi-
sieren Volumen- und Oberflichenzustande und Elektronen kénnen kohédrent in die
Volumenzusténde iibergehen. Dort ist die Spin-Impuls-Kopplung allerdings aufgeho-
ben, sodass die erhohte Streuung die Kohédrenz der Ladungstrager zerstort, sich eine
inkohérente Besetzung des Volumenzustands aufbaut (¢ = 46fs) und die Floquet-
Bloch-Seitenbénder verschwinden. Nach dem Multi-THz-Impuls (¢ = 1201s) sind
keine Floquet-Bloch-Seitenbander mehr sichtbar, allerdings bleibt eine endliche Po-
pulation des Volumen-Leitungsbandes zuriick. Die direkte Volumen-Bandliicke von
BiyTes ist mit 0,3eV zu groB, als dass Elektronen durch resonante Interbandanre-
gung ins Leitungsband iibergehen konnten. Das Experiment zeigt, wie Elektronen
dennoch iiber eine Leiter aus Floquet-Bloch-Seitenbéndern dynamisch das Volumen-
Leitungsband erreichen kénnen. Da das Treiberfeld stark genug fiir die Erzeugung
Hoher Harmonischer in BiyTes ist, zeigen diese ARPES-Spektren direkt in der Band-
struktur die zugrundeliegende Elektronendynamik [Sch21].

Mit intensiven Lichtfeldern kénnen Elektronen also vollig ballistisch beschleunigt
werden. Behalten sie ihre Kohérenz dabei fir mindestens eine Lichtschwingung,
konnen sie mit sich selbst interferieren und Floquet-Bloch-Seitenbéander formen. Es
kommt dann zeitgleich zur Intrabandbeschleunigung innerhalb sowie zu einem Elek-
tronentransfer zwischen den Béndern, was den Elektronen einen neuen dynami-

schen Pfad in hohere Energieniveaus eroffnet. Fiir all das reicht bereits eine einzelne
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Abbildung 6.4. | Interbandanregung durch die Kopplung von Floquet-
Bloch- und Volumen-Zustinden. a, Elektrisches Treiberfeld Ery, mit einer Spit-
zenfeldstirke von 0,8 MV cm ™! und einer Zentralfrequenz von 25 THz. Rote vertikale
Linien deuten die Zeitpunkte an, zu denen die ARPES-Schnappschiisse in b aufge-
zeichnet wurden. b, Photoemissionsspektren wie in Abb. 6.3b zu verschiedenen Zeit-
punkten ¢. Das letzte Bild (¢ = 120fs) zeigt die elektronische Besetzung nach dem
Multi-THz-Impuls. Es ist eine deutliche Bevolkerung des Volumen-Leitungsbandes
(grau schattierte Fliche) zu erkennen.

Schwingung von Licht aus. Diese Experimente zeigen das Zusammenspiel aus Intra-
und Interbanddynamik zum ersten Mal unter den Bedingungen der HHG direkt in
der Bandstruktur und liefern daher ein intuitives Bild der Starkfeldphysik.

Kiinftig kénnten damit neben HHG auch andere Starkfeldprozesse direkt im Impuls-
raum mit Subzyklen-Zeitauflosung studiert werden. Unter anderem koénnten Qua-
siteilchenkollisionen komplementéar zu dieser Arbeit auch in der Bandstruktur auf-
gelost werden und damit das Verstédndnis von HSG vertieft werden. ARPES bezie-
hungsweise Impulsmikroskopie von Photoelektronen erlaubt es zudem, verschiedene
Téler der Bandstruktur direkt aufzulésen [Wal21]. Intensive Multi-THz-Felder kénn-

ten also den Valley-Freiheitsgrad von Ladungstrigern in Quantenmaterialien auf ei-
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ner ultraschnellen Zeitskala manipulieren und ultrakurze UV-Impulse die Dynamik
direkt in der Bandstruktur aufnehmen [Lan18]. Das wére ein wichtiger Meilenstein
in der Valleytronik. Des Weiteren bleibt es bis zum heutigen Tag eine offene Heraus-
forderung, Blochoszillationen direkt zu beobachten. Atomar starke Felder gepaart
mit ARPES kénnten auch dieses fundamentale Prinzip der Festkorperphysik zum

ersten Mal in der Bandstruktur eines Materials einfangen.

99






Kapitel

Zusammenfassung und Ausblick

Damit das Mégliche entsteht, mufs
immer wieder das Unmdgliche versucht

werden.

— Franz Kafka

In dieser Arbeit wurde mit der Attosekundenchronoskopie eine Technik entwickelt,
die es ermoglicht, Vielteilchen-Korrelationen in Festkérpern direkt in der Zeitdoma-
ne quantitativ zu untersuchen. Dafiir werden hochintensive Lichtfelder ausgenutzt,
die kohérente Elektron-Loch-Paare auf geschlossene Trajektorien zwingen. Klare
Attosekunden-Anderungen der Kollisionsdynamik zeigen dabei, wie Vielteilchen-
Wechselwirkungen die Bewegung von Bloch-Elektronen beeinflussen. Um den Kol-
lisionspfad von Elektron-Loch-Paaren zeitlich prazise zu vermessen, stabilisiert ein
aktiver, interferometrischer Mechanismus die Trager-Einhiillenden-Phase des Trei-
berfeldes auf 18 mrad [Mei23b]. Indem auch noch laufend der Zeitiiberlapp zwischen
dem anregenden Lichtimpuls und dem Treiberfeld kontrolliert wird, erreicht der voll
automatisierte optische Aufbau eine zeitliche Préizision von 84 as. Eine geeignete
statistische Analyse der emittierten HSG-Strahlung korrigiert verbleibende zeitliche
Instabilitdten, sodass sich die optimale Injektionszeit und damit auch die relevante
Subzyklenverzogerung mit einem Standardfehler kleiner als 300 as ermitteln lassen.
Das entspricht lediglich 0,7 % der Oszillationsdauer des Treiberfeldes.

Nur bestimmte Injektionszeiten der kohdrenten Ladungstrager fithren zu hochener-

getischen Elektron-Loch-Kollisionen und damit zu einer intensiven HSG-Emission.
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7. Zusammenfassung und Ausblick

Der Vergleich der HSG-Emission eines WSes-Volumenkristalls und einer Monolage
zeigt einen signifikanten Unterschied in der Subzyklenverzogerung von —1,2 + 0,3 fs
[Fre22]. Aufgrund der erhohten Coulomb-Anziehung zwischen Elektron und Loch
in der Monolage muss das Treiberfeld wiahrend der Separationsphase ldnger auf
die Ladungstriager wirken, um hochenergetische Kollisionen zu ermoglichen. Ei-
ne voll quantenmechanische QDCE-Theorie beschreibt die Ladungstragerdynamik
quantitativ und bestétigt den dominanten Einfluss der unterschiedlichen Coulomb-
Korrelationen in Volumenkristall und Monolage auf die Anderung der Subzyklen-
verzogerung. Ein veranschaulichendes Modell, basierend auf einer klassischen Be-
handlung der Elektron-Loch-Dynamik, reproduziert ebenfalls die experimentellen
Ergebnisse qualitativ und unterstreicht damit, wie stark Coulomb-Korrelationen die
Subzyklendynamik der Ladungstriager beeinflussen.

Wird die HSG-Emission spektral aufgelost, kann auch gezeigt werden, wie sich Streu-
prozesse auf die Kollisionsdynamik der Ladungstrager auswirken. Die Dynamik kann
dabei nur durch zustandsabhéngige Dephasierungszeiten beschrieben werden. Vor
allem bei maximaler Auslenkung der Ladungstrager im duferen Lichtfeld nimmt
die Streurate erheblich zu. Immer hohere eingestrahlte Felder verandern dabei die
Trajektorie gebundener Elektron-Loch-Paare, denn starke Felder dominieren irgend-
wann iiber die Coulomb-Anziehung zwischen den Ladungstrigern und fithren ulti-
mativ zu einer Dynamik, die der quasifreier Teilchen entspricht.

In einer WSes-Monolage beeinflusst auch der Valley-Pseudospin die Trajektorie von
Bloch-Elektronen. Ladungstrager mit d&hnlichem Wellenvektor schirmen Coulomb-
Wechselwirkungen effizient ab. Mit zirkular polarisiertem Licht kénnen Elektron-
Loch-Paare wahlweise nur im K- beziehungsweise K’-Tal der Bandstruktur angeregt
werden. Das halbiert den zugénglichen Phasenraum, verstarkt das Pauli-Verbot und
schwécht die Coulomb-Wechselwirkung ab. Insgesamt nahert sich die Subzyklenver-
zOgerung in einer WSeo-Monolage der des Volumenkristalls an, wenn entweder mehr
kohérente Exzitonen oder alle im gleichen Tal erzeugt werden.
Attosekundenchronoskopie offenbart direkt in der Zeitdoméne, wie Vielteilchen-
Wechselwirkungen die Trajektorie von delokalisierten Bloch-Elektronen beeinflus-
sen. Korrelationshasierte Attosekunden-Anderungen kénnen dabei mit einer Prézi-
sion von 300 as aufgelost werden. Damit wurde in dieser Arbeit erstmalig das Feld

der Attosekundenphysik mit den in Kristallen relevanten niederenergetischen Korre-
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lationen verbunden. Das zeigt, dass auch in der Festkorperphysik die Attosekunden-
Zeitskala eine fundamental wichtige Rolle spielt. Attosekundenchronoskopie eréffnet
damit vollig neue Moglichkeiten, exotische Phaseniibergénge oder quantendynami-
sche Effekte relevant fiir zukiinftige Elektronik, Optoelektronik und Quanteninfor-
mationstechnologien zu untersuchen.

Im Unterschied zu herkémmlichen Teilchenbeschleunigern bleibt bei der hier ge-
zeigten ballistischen Kontrolle von Ladungstragern ihre quantenmechanische Pha-
se erhalten. Das kann ausgenutzt werden, um Elektronen vollkommen ballistisch
zu beschleunigen. Die Elektronen interferieren dann mit sich selbst und formen
Floquet-Bloch-Zusténde [It023]. Und wahrend intensive Lichtfelder Ladungstrager
durch weite Teile der Bandstruktur schicken, préagen abstrakte Quanteneigenschaften
die Ladungstragerdynamik. Beispielsweise kann eine nichttriviale Berry-Kriitmmung
wie ein effektives Magnetfeld wirken und Ladungstriger auf gekriimmte Bahnen
zwingen. Die resultierende anomale Geschwindigkeitskomponente konnte dann im
Polarisationszustand der emittierten HSG-Strahlung nachgewiesen und fiir die Re-
konstruktion der zugrundeliegenden Topologie genutzt werden. Mit Attosekunden-
chronoskopie ist es nicht nur moglich, Korrelationen auf eine vollig neue Art und
Weise zu vermessen, sondern sie eroffnet auch die Moglichkeit, der Dynamik von
stark beschleunigten Ladungstriagern auf den kiirzesten Zeitskalen zu folgen, was

den Schliissel zu einer ganz neuen Welt kohérenter Quantenphédnomene formt.
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|Anhang A

Erreichbare zeitliche Prazision der
NIR-Impulse

Die Impulsdauer des resonanten NIR-Impulses hat direkten Einfluss auf die HSG-
Spektrogramme. Beispielsweise fiihrt ein sehr langer NIR-Impuls dazu, dass iiber
den gesamten Multi-THz-Impuls verteilt kohédrente Ladungstrigerpaare in Wolf-
ramdiselenid angeregt werden. Dadurch verringert sich der Kontrast zwischen der
HSG-Emission zu optimalen und schlechten Injektionszeitpunkten. Ein zu kurzer
NIR-Impuls dagegen erfordert ein breitbandiges Spektrum, das ab einer bestimm-
ten Bandbreite mit der emittierten HSG-Strahlung spektral iiberlappen und daher
ebenfalls die Messungen beeinflussen wiirde.

Im Experiment wird die Zeitstruktur des NIR-Impulses mittels SHG-FROG be-
stimmt, was eine Halbwertsbreite der Intensitatseinhiillenden von 8,6fs offenbart
(siche Abb. A.la, blaue Kurve). Das Treiberfeld (schwarze Kurve) besitzt eine Zen-
tralfrequenz von 25THz. Also betrdgt die Dauer eines Halbzyklus 20fs. Bei At-
tosekundenchronoskopie geht es um die Anregung von kohérenten Elektron-Loch-
Paaren. Daher ist es vor allem wichtig, in welchem Zeitintervall wie viel Impulsener-
gie des NIR-Lichts enthalten ist. Mit dem experimentell verwendeten NIR-Impuls
werden 50 % der Exzitonen innerhalb des zentralen Zeitbereichs mit einer Breite
von 5 fs erzeugt. Das entspricht der halben Zeitdauer zwischen einem Feldmaximum
und dem folgenden Nulldurchgang des Treiberfeldes und ist damit auch bedeutend

kiirzer als die Halbwertsbreite der Intensitétseinhiillenden des NIR-Impulses. Aus
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Abbildung A.l.|Zeitliche Auflésung der NIR-Impulse in den HSG-
Experimenten. a, Normierte NIR-Intensitét (blau) und Multi-THz-Feld (grau)
in der Zeitdoméne. Die blau schattierte Flache mit einer Breite von 5fs beinhal-
tet 50% des Flusses des gesamten NIR-Impulses. Bei einer Zentralfrequenz von
25 THz entsprechen 5 fs der halben Dauer zwischen Multi-THz-Feldmaximum und
Nulldurchgang. b, Aus QDCE-Rechnungen ermittelte HSG-Intensitét als Funkti-
on von der Injektionszeit ¢.. fir verschiedene NIR-Impulsdauern von myjg = 7,2fs
(dunkelblau), g = 8,6fs (dunkelrot), 7nig = 10fs (hellblau) und mgr = 11,518
(hellrot). Das Multi-THz-Treiberfeld ist als Referenz in schwarz eingezeichnet.

diesem Grund ist die zeitliche Modulation der HSG-Emission im Experiment deut-
lich sichtbar. Zudem ist fiir die Bestimmung der Subzyklenverzégerung der optimale
Zeitversatz zwischen NIR- und Multi-THz-Impuls wichtig. Da dieser beliebig genau
eingestellt werden kann, wird mit Attosekundenchronoskopie insgesamt eine weitaus
bessere Prézision von 300as erreicht. Die QDCE-Rechnungen beriicksichtigen die
genaue zeitliche Struktur des NIR-Impulses, sodass sie das Experiment moglichst
genau abbilden.

In den Simulationen kann auflerdem die NIR-Impulsdauer kiinstlich variiert wer-
den. Abbildung A.1b zeigt die HSG-Emission fiir unterschiedlich lange NIR-Impulse.
Waéhrend der Kontrast zwischen optimalen und weniger optimalen Injektionszeit-
punkten t., abnimmt, sind die Intensitdtsmaxima vor allem fiir Impulsdauern unter
7 = 10,0fs nahezu perfekt synchronisiert. Eine quantitative Analyse ergibt, dass
selbst mit einer Impulsdauer von 10,0 fs die Subzyklenverzogerung mit einer Prazi-

sion von weniger als 90 as bestimmt werden kann [Fre22].
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|Anhang B

Elektrostatische Abschirmung im
WSeso-Volumenkristall

Im Haupttext wird argumentiert, dass ein héherer NIR-Fluss zu mehr angeregten
Exzitonen fithrt. Diese schirmen die Coulomb-Anziehung zwischen Elektron und
Loch zunehmend ab, was eine Absenkung der exzitonischen Bindungsenergie vor
allem in der Monolage zur Folge hat. Das wird am Unterschied in der Subzyklen-
verzdgerung zwischen Volumenkristall und Monolage At = 6MF — §2uk deutlich,
der fiir hohere Ladungstrigerdichten langsam verschwindet (vgl. Abb. 5.23a). Um
den Einfluss der Ladungstragerdichte und damit von Abschirmeffekten im Volu-
menkristall direkt zu beobachten, kann die Subzyklenverzogerung 62U betrachtet
werden. Abbildung B.1 zeigt die iiber fiinf HSG-Emissionsmaxima gemittelte Sub-
zyklenverzogerung (ds.) eines 60 nm dicken WSe,-Volumenkristalls als Funktion des
NIR-Flusses. Der NIR-Impuls ist dabei linear polarisiert. Aus den Daten wird kei-
ne Abhédngigkeit der Subzyklenverzogerung vom NIR-Fluss ersichtlich. Stattdessen
scheint (ds) innerhalb der Fehlerbalken von 300as konstant zu bleiben. Das wird
auch am Uberlapp der Fehlerintervalle der vier gezeigten Messpunkte deutlich (blau
schattierte Flache), in dem nahezu alle Messwerte liegen.

Dass die Subzyklenverzogerung konstant bleibt, selbst wenn eine hohe Dichte an ko-
hérenten Exzitonen erzeugt wird, liegt auch daran, dass im Volumenkristall weniger
NIR-Licht pro Atomschicht absorbiert wird als in der Monolage. Dadurch bleibt die

Exzitonendichte geringer und Abschirmeffekte werden unterdriickt. Im Vergleich zur
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Abbildung B.1.| Abschirmeffekte
im WSe,-Volumenkristall. Die ex-
perimentell gemessene und iber fiinf
Emissionsmaxima zwischen t,, ~ —60
und te, =~ 20 gemittelte Subzyklen-
verzogerung (ds;) bleibt als Funktion
des NIR-Flusses ®yr innerhalb der
Fehlerbalken von etwa 300as konstant.
Der NIR-Impuls ist linear polarisiert
und die Multi-THz-Feldstarke betragt
49MV ecm~!. Die blau schattierte Fliche
deutet den Uberlapp aller Fehlerinterval-
le an und umfasst nahezu alle gezeigten
Datenpunkte.

Monolage ist die Coulomb-Anziehung zwischen Elektron und Loch auBerdem sowie-

so schon stark abgeschirmt (vgl. Kapitel 3), weshalb kleine zusitzliche Anderungen

der Coulomb-Wechselwirkung weniger ins Gewicht fallen. Fiir zirkular polarisierte

Anregung ergibt sich das gleiche Bild wie fiir linear polarisierte, da es im Volumen-

kristall keine Kopplung zwischen dem Valley- und Spin-Freiheitsgrad gibt.
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Publikationen in Peer-Review-Fachzeitschriften:

o J. Freudenstein, M. Borsch, M. Meierhofer, D. Afanasiev, C. P. Schmid, F.
Sandner, M. Liebich, A. Girnghuber, M. Knorr, M. Kira und R. Huber.
Attosecond clocking of correlations between Bloch electrons
Nature 610, 290-295 (2022).

o S. Ito, M. Schiiler, M. Meierhofer, S. Schlauderer, J. Freudenstein, J. Rei-
mann, D. Afanasiev, K. A. Kokh, O. E. Tereshchenko, J. Giidde, M. A. Sentef,
U. Hofer und R. Huber.
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Nature 616, 696-701 (2023).

e M. Meierhofer, S. Maier, D. Afanasiev, J. Freudenstein, J. Riepl, J. Helml,
C. P. Schmid und R. Huber.
Interferometric carrier-envelope phase stabilization for ultrashort
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Optics Letters 48, 1112-1115 (2023).
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Evidence for helical hinge zero modes in an Fe-based superconductor
Nano letters 19, 4890-4896 (2019).

Beitrige in anderen Fachzeitschriften:

¢ J. Freudenstein, M. Meierhofer, M. Kira und R. Huber.
Attosekunden-Stoppuhr fiir Kristalle
Physik in unserer Zeit 54, 6-7 (2023).

Vortriage auf internationalen Konferenzen und Seminaren:
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e J. Freudenstein, M. Borsch, M. Meierhofer, D. Afanasiev, C. P. Schmid, F.
Sandner, M. Liebich, A. Girnghuber, M. Knorr, M. Kira und R. Huber.
Clocking the dynamics of correlated Bloch electrons on an attose-
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Eingeladener Vortrag
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