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Rövidítések jegyzéke

ATI � above-threshold ionizaion, küszöb feletti ionizáció

BEM � boundary element method, vagyis peremelemes megoldási módszer

CEP � carrier envelope phase, viv®-burkoló fázis (lézer impulzusoknál)

CMC � chirped mirror compressor, csörpölt tükrös kompresszor

EBL � electron beam lithography, elektron sugaras litográ�a

FDTD � �nite di�erence time domain, véges id®beli di�erenciák módszere

FIB � focused ion beam, fókuszált ion sugár

HHG � high-order harmonic generation, magasrend¶ felharmonikusok keltése

HWP � half wave plate, λ/2-es lemez

ITO � indium-tin-oxide, indium-ónoxid

JCP � Jaynes-Cummings-Paul modell

LSP - localized surface plasmon, lokalizált felületi plazmon

PMMA � poli metil metakrilát

RWA � rotating wave approximation, forgóhullámú közelítés

S&P � sketch and peel, rajzolás és lefejtés

SAE � single active elctron, egyetlen gerjeszthet® elektron

SEM � scanning electron microscope, pásztázó elektronmikroszkóp

SERS � surface enhanced Raman scattering, felületer®sített Raman-szórás

SFA � strong �eld approximation, er®s lézerteret feltételez® modell az ionizált

elektron újraütközésének számolására

SPA � saddle-point analysis, nyeregpont-elemzés

SPP � surface plasmon polariton, felületi plazmon polariton

TDSE � time dependent Schrödinger equation, id®függ® Schrödinger egyenlet

TFP � thin �lm polarizator, vékony �lm polarizátor

TFSF � total �eld scattered �eld, teljes-tér szórt-tér

XUV � extreme ultraviolet, az ultraibolya sugárzás legnagyobb frekvenciájú tar-

tománya, kb. 10 nm - 124 nm
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1. fejezet

Bevezet®, irodalmi el®zmények

A fény és az anyag közti kölcsönhatás jelenségeinek számos fajtája vált kulcsfon-

tosságúvá a tudomány és technika világában az elmúlt néhány évtizedben. Ezt a

folyamatot jelent®sen el®segítette a lézerek megjelenése és elterjedése 1960 óta, hi-

szen ezzel az eszközzel olyan paramétertartományok váltak elérhet®vé, amelyek új

�zikai jelenségek kiaknázását tették lehet®vé.

Az egyik legfontosabb ilyen jelenségcsoport a nemlineáris optikai jelenségek köre,

amely az adott közeg polarizációjának nemlineáris válasza a beérkez® lézertérre. Ez

például lehet®vé teszi új frekvenciakomponensek megjelenését a lézerfény és a közeg

kölcsönhatásának eredményeként. Ezek a jelenségek jellemz®en a polarizáció pertur-

batív rendjeivel írhatók le, ennek megfelel®en a magasabb rend¶ folyamatok egyre

gyengébbek, észlelésük egyre több kihívással jár.

Azonban a nagy intenzitású, piko- és femtoszekundumos lézerek fejlesztésével el-

érhet®vé váltak olyan lézerterek is, amelyek az atomon belüli térer®sségeknek nem

csak a perturbációját jelentették, hanem olyan küls® teret szolgáltattak, amelyek

összemérhet®kké váltak az atomi terekkel, és ezáltal új �zikai jelenségek meg�gye-

lését tették lehet®vé. Az egyik legjellemz®bb ilyen példa a küszöbfeletti ionizáció

1979-es felfedezése [1], amelynek során a leggyengébben kötött elektron nem csak

több foton egyidej¶ elnyelésére képes (ezáltal hozva létre az ionizációt), hanem a

minimálisan szükségesnél több fotont is elnyel, így hozva létre jellegzetes lépcs®s

szerkezetet atomok fotoionizációs energiaspektrumában. Az ehhez szükségesnél na-

gyobb lézerintenzitások esetén pedig a lézertér az atomi potenciált olyannyira torzít-

ja, hogy akár alagútemisszióval is ki tudnak lépni elektronok. Ezeket a jelenségeket, a

hagyományos nemlineáris optikától megkülönböztetend®, számos helyen az "extrém
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1. FEJEZET. BEVEZET�, IRODALMI EL�ZMÉNYEK 5

nemlineáris optika" gy¶jt®névvel illetik.

A disszertációm alapját képez® kutatások során részben szintén egy extrém nem-

lineáris optikai jelenség, a magasrend¶ felharmonikus-keltés ("high-order harmonic

generation" HHG) vizsgálatát végeztem el. Az alapjelenség során az intenzív lé-

zer hatására bekövetkez® ionizáció után az elektron a lézer terében gyorsul, majd a

"szül®ionhoz" visszatérve azzal rekombinálódik, az energiát pedig koherens módon,

az extrém ultraibolya (XUV) tartománybeli fotonok kisugárzásával adja le [2, 3].

Ezt a folyamatot el®ször gázmintákban sikerült demonstrálni [4, 5], de az 1990-es

évek eleje óta sokféle �zikai rendszerben mutatták ki, illetve el®rejelezték a magas-

harmonikus keltés lehet®ségét, többek között plazmafelületekben [6, 7, 8, 9], szilárd

anyagokban [10] és nanostruktúrákban [11]. Az ilyen magasrend¶ harmonikus spekt-

rumok lehet®vé teszik femtoszekundumnál rövidebb lézerimpulzusok el®állítását is,

az XUV tartományban lényegesen rövidebb optikai ciklusnak és a felharmonikusok

széles spektrumának és fázishelyes oszcillációjának köszönhet®en [12, 13, 14]. Az

attoszekundumos impulzusok el®állításának technológiája pedig egy új tudományte-

rület, az atomi elektronok ultragyors folyamataival foglalkozó atto�zika megjelenését

tette lehet®vé az elmúlt 20 év során. Az attoszekundumos technológiák elterjedése

így ma is indokolttá teszi a magasrend¶ felharmonikus-keltési folyamatok új megkö-

zelítés¶ vizsgálatát, a disszertációmban erre mutatok be példákat.

Nagy optikai térer®sséget azonban nem csak az atto�zikában megszokott, bonyo-

lult felépítés¶, er®sített lézerrendszerekkel lehet elérni. A lézerfény energiáját ugyanis

különböz® nanométeres tartományba es® �zikai rendszerekkel való kölcsönhatás so-

rán a di�rakciós korlát alatti térrészre lehet koncentrálni, amely együtt jár a küls®

térer®sséghez képest megjelen® jelent®s térnövekményekkel is. Ez a hatás már kell®en

kis görbületi sugarú heggyel rendelkez® nanot¶k esetén is megjelenik (ld. a sztati-

kus tereknél is érvényes csúcshatás), azonban igazán nagy, akár két nagyságrendnyi

térnövekményt akkor lehet elérni, ha a fény rezonánsan kelt felületi töltéss¶r¶ség-

hullámokat ill. -oszcillációkat, ún. felületi plazmon polaritonokat (SPP) (síkfelület

esetén), illetve lokalizált felületi plazmont (LSP) (nanorészecskék esetén) [15, 16].

(Továbbiakban csak felületi plazmonként illetve lokalizált plazmonként fogom emlí-

teni ®ket.) Az ilyen mérték¶ térnövekmény azt is lehet®vé teszi, hogy nanorészecskék

környezetében egyszer¶ femtoszekundumos lézeroszcillátorokkal is lehet akár extrém

nemlineáris optikai jelenségeket indukálni. A disszertációmban bemutatom lokali-

zált felületi plazmonokkal kapcsolatos kutatásaim eredményeit is, amelyek szabályos

felületi nanostruktúrahálózatok térnövekményével és az azokon létrehozható femto-
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szekundumos plazmontranziensekkel kapcsolatosak.

A fentiek alapján a disszertációm felépítése a következ®: jelen bevezet® fejezet

után a konkrét kutatási célkit¶zések 2. fejezetbeli bemutatása következik, majd

a 3. fejezetben a kutatásaimban használt elméleti módszerekkel, és az elvégzett

kísérletek leírásával folytatom. A 4. fejezetben az elért kutatási eredményeimet

írom le részletesen. Az 5. fejezetben pedig összefoglalást adok és megfogalmazom

tézispontjaimat.

1.1. Magasrend¶ felharmonikus-keltés és attoszekun-

dumos �zika

A következ® alfejezetekben áttekintem az általam kutatott tudományterület elméleti

alapjait. A fény-anyag kölcsönhatással kezdem, ebben a tárgykörében az egyik legis-

mertebb jelenség a fotoemisszió, amelyet el®ször Hertz és Hallwachs mutatott ki [17].

Einstein magyarázata [18] szerint egy foton hozza létre a fém felületen az elektron

emissziót, ha az elnyelt foton hν energiája meghaladja a kilépési munka értékét:

hν = Wki + Em, (1.1)

ahol h a Plank-állandó, ν a fény frekvenciája, Wki a fémre jellemz® kilépési munka és

Em az elektron mozgási energiája. Manapság a lézerek segítségével olyan intenzitá-

sok állíthatók el®, amik nemlineáris folyamatok tanulmányozását is lehet®vé teszik,

fémek fotoemissziója mellett pl. atomok fotoionizációján keresztül. Ha több foton

elnyel®désével jön létre a folyamat atomok ionizációja során akkor az 1.1 képlet a

következ®

n~ω = Ip + Em, (1.2)

alakban írható, ahol n a folyamatban résztvev® fotonok számát jelenti Ip pedig az

ionizációs potenciál. Az egyfotonos folyamat valószín¶ségének n-edik hatványával

skálázódik a többfotonos folyamat valószín¶sége, ezzel a keltett fotoáram-s¶r¶ség is:

j ∝ In, ahol I a tér intenzitása [19, 20]. Ha a rendszer több fotont abszorbeál,

mint amennyire az ionizációhoz szükség lenne, a többletenergia az elektron mozgási

energiáját növeli, ez a küszöb feletti ionizáció (above-threshold ionizaion, ATI) [1].

A fenti rendszerekben (fémfelületek/atomok) a kvantummechanikából ismert

alagút-e�ektussal is kiléphetnek elektronok kell®en nagy térer®sség jelenlétében. Az
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alagutazás valószín¶sége n® a potenciálgát magasságának és szélességének csökken-

tésével vagy a lézertér növelésével [21]. Az ultragyors nemlineáris folyamatokban

az alagút-emisszió illetve a többfotonos emisszió kiemelked® szerepet játszik. A

Keldysh-féle skálaparaméter [22] segítségével becsülhet®, hogy a lézer E0 elektromos

terét®l és ω körfrekvenciájától függ®en a két lehetséges folyamat (alagutazás illetve

többfotonos jelenségek) közül melyik a domináns. A Keldysh-paraméter értéke

γ =
ω
√

2meIP
eE0

=

√
IP
2Up

, (1.3)

ahol e és me az elektron töltése és tömege. A ponderomotoros potenciál pedig

Up =
e2E2

0

4meω2
0

, (1.4)

γ � 1 esetén alagút-emisszió, míg γ � 1 esetén a többfotonos folyamat a domináns.

A következ®kben a rövid, intenzív lézerterek és hidrogénszer¶ atomok kölcsönha-

tására koncentrálok, mivel a dolgozatom egyik témája is e köré épül. A fény által

kiváltott elektron dinamika leírásához természetesen szükség van a spektrum foly-

tonos részére is, (1.2) egyenlet alapján a lézer er®s elektromágneses tere ionizációs

folyamatokat indukálhat, vagyis elegend® energiát közöl az elektronnal, hogy az a

kötött pályáról a pozitív energiás kontinuumba lépjen. Részletesebben nézzük a fél-

klasszikus �három-lépéses� modellt, amely a felharmonikus-keltés számos jellemz®jét

intuitíven, s®t mennyiségileg is megmagyarázza (lásd 1.1 ábra) [23, 24, 25, 26]. E

modell szerint:

� (Ionizáció) Els® lépésben a nagy térer®sség hatására ionizáció történik: egy

elektron az atommag teréb®l a kontinuumba lép, a modell szerint nulla kineti-

kus energiával.

� (Terjedés) A második lépésben az elektron ezt követ® gyorsuló mozgását klasszi-

kusan oszcilláló elektromos tér szabályozza.

� (Rekombináció) A harmadik lépésben, amikor az elektron visszatér az atom-

mag pozíciójához, (bizonyos valószín¶séggel) a rekombináció során olyan su-

gárzást bocsát ki, amelynek fotonenergiája megegyezik az elektron kinetikus

energiájának és az Ip ionizációs potenciáljának összegével.
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1.1. ábra. A három-lépéses modell. Az atomi potenciál a nagy térer®sség hatására
torzul, az atomból az egyetlen aktív elektron alagúte�ektussal kilép, majd elkezd
gyorsulni a lézer terében. Mikor a tér el®jelet vált, az elektron az ion felé gyorsul,
majd az ionnal rekombinálódik és nagy energiájú fotont kelt.

Ebben a modellben, bár az ionizáció és a rekombináció a kvantummechanikai jelen-

ség, a terjedést klasszikusan kezelik.

Tegyük fel, hogy a lézer E(t) elektromos tere lineárisan polarizált és z irányú.

Az elektromos tér id®függését a

E(t) = E0cosω0t, (1.5)

adja, ahol E0 és ω0 a tér amplitúdóját és körfrekvenciáját jelöli. Ha az elektron

kilök®dése t = ti-kor történik, akkor a z(t) elektronpozíció mozgásegyenletének meg-

oldása a

z(ti) = 0, (1.6)

ż(ti) = 0, (1.7)

kezdeti feltételekkel a következ®:

z(t) =
E0

ω2
0

[(cosω0t− cosω0ti) + (ω0t− ω0ti sinω0ti]. (1.8)

Kényelmes bevezetni a θ ≡ ω0t fázist. Ezután a (1.8)-as egyenletet átírjuk a követ-

kez®képpen:

z(t) =
E0

ω2
0

[(cos θ − cos θi) + (θ − θi sin θi], (1.9)

a mozgási energia pedig

Ekin(θ) = 2UP (sin θ − sin θi)
2. (1.10)
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A rekombináció idejét tr, illetve fázisát θr, a z(t) = 0 és z(θ) = 0 egyenlet gyökeként

kapjuk meg. Ekkor a rekombináció során kibocsátott foton energiáját Ekin(θr) + Ip

adja meg. Az elektron csak akkor rekombinálódik, ha 0 < θi < π/2, és elrepül azaz

soha nem tér vissza a mag pozíciójába, ha π/2 < θi < π. Az Ekin(θr) = 3, 17UP

maximális értéket θi = 17◦ és θr = 255◦ esetén veszi fel. Ez szépen megmagya-

rázza, hogy miért a 3.17Up + Ip a legmagasabb felharmonikus energiája, ez adja a

gra�konokon látható levágást (cut-o�). Meg kell jegyezni, hogy az ionizáció idején a

lézertér közel van a maximumához, ezért az alagút ionizáció valószín¶sége nagy, így

a harmonikus keltés még a határérték közelében is hatékony.

Egy adott Ekin energia értékhez a θi-t és a θr-t a következ®

(cos θr − cos θi) + (θr − θi) sin θi = 0, (1.11)

Ekin
2UP

= (sin θr − sin θi)
2 (1.12)

egyenletek megoldásaként kapjuk. A z(θ) utat, amelyet az elektron megtesz a θi-t®l

θr-ig trajektóriának nevezzük. Észrevehet®, hogy 3, 17UP alatti kinetikus energiához

két trajektória tartozik. Az egyik 17◦ < θi < 90◦, 90◦ < θr < 255◦ pálya, és

0◦ < θi < 17◦, 255◦ < θr < 360◦ a másik. Az el®bbit rövid, az utóbbit hosszú

trajektóriának nevezzük. Ha (θi, θr) a (1.12), (1.11) egyenletek egy megoldás párja,

akkor (θi+mπ, θr+mπ) is megoldás, ahol m egész szám. Ha azm-hez társított pályát

zm(θ)-ként jelöljük, akkor azt találjuk, hogy zm(θ) = (−1)mzm=0(θ − mπ). Ez azt

jelenti, hogy minden félciklusban harmonikus kibocsátás történik váltakozó fázissal,

azaz tériránnyal oly módon, hogy az Eh(t) harmonikus tér a következ® formában

fejezhet® ki:

Eh(t) = · · ·+ Fh(t+ 2π/ω0)− Fh(t+ π/ω0) (1.13)

+ Fh(t)− Fh(t− π/ω0) + Fh(t− 2π/ω0)− · · · .

Megmutatható, hogy a (1.13) egyenlet Fourier-transzformációja csak ω0 páratlan

többszöröseire vesz fel nullától különböz® értéket. Ez megmagyarázza, hogy az atomi

harmonikus spektrumokban miért csak páratlan harmonikusok jelennek meg. Ezek

a lépések csak az ideális esetet írják le, amikor harmonikuskeltés történik.
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A kilép® elektronok jelent®s része nem jut vissza a szül® ionhoz, így az nem kelt

felharmonikusokat. A klasszikus trajektóriaszámolás alapján, az elektronok csupán

lineárisan polarizált fény terében juthatnak vissza. A kvantummechanikai képben a

továbbra is klasszikusan kezelt elektromos tér mellett tekinthet® a kilép® elektron

hullámcsomagnak, amely id®vel �szétken®dik�. A harmadik lépésben az elektron a

hatáskeresztmetszeteknek megfelel® valószín¶séggel rekombinálódik. Ez magyaráza-

tot ad rá, hogy miért nem csak lineárisan polarizált fény kelthet felharmonikusokat.

1.2. Elméleti módszerek a magasrend¶ felharmonikus-

keltés leírására

A gázmintákban történ® felharmonikus-keltés teljes kvantummechanikai leírását a

hozzá tartozó id®függ® Schrödinger-egyenlet (time-dependent Schrödinger equation,

TDSE) [27] megoldása jelenti.

i~
d

dt
|ψ〉(t) = Ĥ|ψ〉(t), (1.14)

ahol |ψ〉(t) a rendszer (HHG esetén a kilép® elektron) hullámfüggvénye és Ĥ a Ha-

milton operátor.

Lewenstein és munkatársai 1994-ben kidolgozták a felharmonikus-keltési folyamat

analitikus kvantumelméletét [27], az un. Lewenstein modellt. Ez egy olyan leírás,

ahol az elektron kvantált, de a gerjeszt® fény és a kisugárzott felharmonikusok leírása

egyaránt klasszikus. Ishikawa [28] formalizmusát követve, a lézertér E(t) lineárisan

polarizált a z irányban, az elektron és az ion alkotta dipól gyorsulásából

S(t) =
d2

dt2
〈z〉, (1.15)

(ahol az iontörzs mozgását elhanyagoljuk), illetve annak Fourier transzformáltjából

kapjuk

S(ω) =
1√
2π

∫ T

0

e−iωt
d2〈z〉
dt2

(t)dt (1.16)

-t azaz a felharmonikus spektrumot. A 〈z〉(0) = 0 és 〈ż〉(0) = 0 feltételezésekkel
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élve, kapjuk, hogy

S(ω) =
1√
2π

[
e−iωt〈ż〉(T ) + iωe−iωt〈z〉(T )− ω2

∫ T

0

e−iωt〈z〉(T )dt

]
. (1.17)

(Bizonyos korai m¶vek �gyelmen kívül hagyták a határfeltételeket, és ez lehet a jelen-

t®s numerikus hibák forrása rövid impulzusok esetén [29].) Természetesen a Fourier

bázisban történ® kifejtés nem az egyetlen leírása a jelenségnek. Gyakran használnak

például wavelet transzformációt is a sugárzás leírására, amely információval szol-

gál az emissziós id®r®l is. Ebben a modellben az atom és a lézertér kölcsönhatását

részletez® id®függ® Schrödinger egyenlet dipólközelítést és hosszmértéket használva

a következ®:

i
∂

∂t
|ψ(r, t)〉 = [−1

2
∇2 + V (r) + zE(t)]|ψ(r, t)〉, (1.18)

atomi egységekben dolgozva. Itt V (r) jelöli az atomi potenciált. További széles kör-

ben elfogadott közelítéseket kellett bevezetni ahhoz, hogy analitikusan tárgyalható

legyen a probléma:

� Az összes gerjesztett kötött állapot hozzájárulása elhanyagolható.

� Az alapállapot kimerülése elhanyagolható.

� Az atomi potenciál hatása (a küls® térhez képest) az ionizált elektron mozgására

kis zavarnak tekinthet®.

Ezek közül az utolsót, de gyakran mindhármat er®s tér közelítésnek [27, 30] (vagy

angol nevén strong-�eld approximation, SFA) is nevezik. Figyelembe véve, hogy

ezek a feltételezések csak egy telítési intenzitás alatt használhatók, amikor a (1.3)

Keldysh-paraméter kisebb mint 1. A közelítések használatával megmutatható, hogy

a dipólmomentum Z(t) ≡ 〈ψ(r, t)|z|ψ(r, t)〉 id®függése a következ®

Z(t) = i

∫ t

−∞
dt′
∫
d3pD∗(p + A(t)) · e−iS(p,t,t′) · E(t′)D(p + A(t′)) (1.19)

+ c.c.

alakban írható. Itt p a kanonikus impulzus, D(p) pedig a dipólátmeneti mátrixelem.

A(t) = −
∫
E(t)dt jelöli a vektorpotenciált és S(p, t, t′) a fél-klasszikus hatást melyet

a következ® képlet

S(p, t, t′) =

∫ t

t′
dt”(

[p + A(t”)]2

2
+ Ip) (1.20)
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de�niál. A közelítést hidrogén atom alapállapotára alkalmazva

D(p) = −i8
√

2(2Ip)
5/4

π

p

(p2 + 2Ip)3
(1.21)

-t kapjuk a dipólmomentumra. A (1.19) egyenlet Fourier transzformáltjára [13, 27]

a spektrális tartományban kapjuk, hogy

Ẑ(ωh) = i

∫ ∞
−∞

dt

∫ t

−∞
dt1

∫
d3p (1.22)

×D∗(p + A(t)) · eiωht−iS(p,t,t′) · E(t′)D(p + A(t′)) + c.c..

A (1.19) egyenlet a három-lépéses modell alapján �zikailag interpretálható. Mégpe-

dig a E(t′)D(p+A(t′)) felel meg a t′ id®pillanatban történ® ionizációnak, e−iS(p,t,t′)

a terjedést írja le t′ és t közt, míg D∗(p + A(t)) a rekombinációt t id®pillanatban.

A (1.22) egyenletet nézve látjuk, hogy egy ötdimenziós integrált foglal magában

p, t és t' felett, azaz a kiszakított és rekombinálódott elektron pályájából származó

hozzájárulások összegét tetsz®leges id®ben és helyen, ami Feynman pálya-integrál

megközelítésére emlékeztet [31]. Valóban, a nyeregpont-elemzés (SPA) alkalmazása

az integrálra egyszer¶bb kifejezést eredményez. A mértékválasztás miatt (1.18) Sch-

rödinger egyenletben szerepl® térer®sség E = −∂A
∂t

megadható a vektorpotenciállal.

A nyeregponti közelítés [32] szerint az integrált csak a fázistér stacionárius pontjai

körül értékeljük ki, ezáltal az exponenciális iωht− iS(p, t, t') kitev®je p, t és t' szerinti

deriváltjai elt¶nnek így megkapjuk a nyeregponti egyenleteket:

p(t− t′) +

∫ t

t′
A(t”)dt” = 0, (1.23)

[p+ A(t′)]2

2
= −Ip, (1.24)

[p+ A(t)]2

2
= ωh − Ip. (1.25)

A (1.23)(1.24)(1.25) egyenletek �zikai jelentése tisztán látható, ha tudjuk, hogy

p + A(t) atomi egységekben pontosan a kinetikus impulzus v(t). A (1.23) egyen-

letbe helyettesítve kapjuk, hogy
∫ t
t′
v(t”)dt” = 0, az egyenlet azt a �zikai jelentést

hordozza, hogy az ionizáció és a rekombináció eseményei ugyanazon térbeli koordiná-
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tákon mennek végbe. A (1.25) egyenletb®l kivonva a (1.24) egyenletet kapjuk, hogy

v(t)2/2− v(t′)2/2=ωh azaz az energia megmarad. A (1.24) egyenlet értelmezése bo-

nyolultabb, mivel a jobb oldal negatív, ami azt jelenti, hogy a nyeregponti-egyenletek

megoldásai általában komplexek. A t′ képzetes részét általában alagutazási id®ként

értelmezik [27]. Vegyük ismét �gyelembe, hogy a lézer elektromos terének az egyen-

let alapján koszinuszos id®függése van, és vezessük be a θ = ω0t-t és k = pω0/E0-t.

Ekkor a (1.23)(1.24)(1.25) egyenletek a

k =
cos θ − cos θ′

θ − θ′
, (1.26)

(k − sin θ)2 = − Ip
2Up

= γ2, (1.27)

(k − sin θ)2 =
ωh − Ip

2Up
(1.28)

alakot öltik. Ha ezekben az egyenletekben az Ip és a ωh − Ip értékét nullával illetve
Ekin-nel helyettesítjük a három-lépéses modell (1.11) és (1.12) egyenleteit nyerjük

vissza. Továbbá a Lewenstein-modell megadja az Ec levágási energiát, amely

Ec = 3.17Up + gIp, (1.29)

ahol g ≈ 1.3. Itt valamivel magasabb, mint a három-lépéses modellben [27]. Ezt

kvalitatíven azzal magyarázzuk, hogy a mag és az alagutazás kilépési pontja között

véges távolság van. Az elektron, amely visszatért az alagutazás kilépési pozíciójába,

tovább gyorsul, amíg el nem ér az atommag pozíciójához. Ez arra utal, hogy a

fél-klasszikus három-lépéses modell megbízhatóan írja le a harmonikus impulzusok

id®beli struktúráját, amelyeket els®sorban a rekombinációs id® határoz meg.

A stacionárius pontok a �gyelembe vett fél-klasszikus pálya ionizációs és rekombi-

nációs idejét képviselik, és kiderül, hogy a spektrum kiszámításához gyakran elegend®

minden energiához kis számú pályát összegezni. Az Ec cut-o� alatti energia esetén

egynél több pálya lesz, amely megfelel az ionizációs és visszatérési id®k különböz®

halmazainak, azonos visszatérési energiával. Mivel a hullámcsomag gyorsan szétterül

a kontinuumban, általában csak az a két trajektória fontos, amelyeknek a kontinuum-

ban töltött ideje kevesebb egy optikai ciklusnál. A modell által visszaadott spektrum

tartalmazza az úgynevezett plató régiót, ahol a csúcsamplitúdók állandók az alap-
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frekvencia sok harmonikusán át, és elfogadható értékeket ad a cut-o� frekvenciára.

Ez a kísérleti eredményekkel való egyezés arra utal, hogy a fél-klasszikus modell jó

közelítés a harmonikus impulzusok id®beli szerkezetének leírásához.

Bizonyos mennyiségek értékei, például az er®s térbeli közelítésb®l számított tel-

jes ionizációs valószín¶ség, nem egyezik az id®függ® Schrödinger-egyenlet közvetlen

numerikus eredményeivel [33]. Ennek legf®bb oka az a közelítés, hogy a kontinuum

energiaszintjeit elér® elektronokat Volkov hullámfüggvénnyel írjuk le. További rész-

letek és alternatív megközelítések a gáz felharmonikus-keltés fél-klasszikus képér®l

a [34, 33, 35] cikkekben, illetve relativisztikus általánosítással a [36, 37] m¶vekben

találhatók.

A mai számítási kapacitások lehet®vé teszik az id®függ® Schrödinger-egyenlet köz-

vetlen numerikus megoldását is. Ez a megközelítés pontos numerikus megoldásokat

ad, amelyek különösen akkor hatékonyak, ha olyan új jelenségekkel nézünk szembe,

amelyekre eleve nem tudjuk, hogy milyen közelítés érvényes. Elemezhetjük az atomi

Coulomb-potenciál hatásait is, amellyel a Lewenstein modell nem számol. A számos

különböz® numerikus módszernek van egy fontos közös pontja: a probléma Hilbert-

terének csonkolása. A valós térben történ® diszkretizálás esetében ez azt jeleni, hogy

egy kell®en nagy, de szükségszer¶en véges térfogatot kell választani a számításokhoz

annak érdekében, hogy elkerüljük a nem �zikai visszaver®déseket a határokon.

Egy ett®l különböz® közelítésként használhatjuk a hidrogénszer¶ sajátállapotok

egy véges halmazát a probléma leírására, vagy átmeneti megoldásként a diszkreti-

zálhatjuk a radiális irányú részt és a másik 2 dimenzió kifejtésére pedig a gömb-

függvényeket alkalmazzuk [25]. Itt röviden bemutatom a Kulander és munkatársai

által [38] munkában kidolgozott módszert egy kezdetben s állapotú atomra. Mivel

z irányú lineáris polarizációt tételezek fel, az impulzusnyomaték kiválasztási szabály

azt mondja, hogy a mágneses momentum m = 0 marad. Ekkor kifejthet® a ψ(r, t)

hullámfüggvény olyan gömbfüggvények segítségével ahol m = 0 az alábbiak szerint

ψ(r, t) =
∑
l

Rl(r, t)Y
0
l (θ, φ). (1.30)

Ezen a ponton a �zikai tér három dimenziójának problémája kétdimenziósra csök-

ken. A radiális hullámfüggvényt Rl(r, t) a gjl = rjRl(rj, t) alakban diszkretizálom,

ahol rj = (j − 1
2
)∆r alakú, melyben ∆r a tér rács felosztása. Ezek segítségével az
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id®fejl®désre a

i
∂

∂t
gjl = −cjg

j+1
l − 2djg

j
l + cj−1g

j−1
l

2(∆r)2
+

(
l(l + 1)

2r2
j

+ V (rj)

)
gjl (1.31)

+ rjE(t)(alg
j
l+1 + al−1g

j
l−1)

= (H0g)jl + (HIg)jl (1.32)

adódik, ahol az együtthatók

cj =
j2

j2 − 1/4
, dj =

j2 − j + 1/2

j2 − j + 1/4
, al =

l + 1√
(2l + 1)(2l + 3)

. (1.33)

Itt az origó peremfeltételének megfelel® �gyelembevétele érdekében az

L = 〈ψ|i∂/∂t− (H0 +HI(t))|ψ〉 (1.34)

Euler-Lagrange egyenleteket diszkretizálom a [38, 39] Lagrange funkcionállal a (1.18)

egyenlet helyett. cj és dj egyhez közelítenek nagy j értékekre, azaz az atommagtól

való nagy távolságban, ezzel a (1.31) egyenlet jobb oldalának els® tagja közönséges

véges di�erencia kifejezéssé válik. A H0 operátor az atomi Hamilton-operátornak

felel meg ami diagonális l-ben, míg HI a kölcsönhatási tagnak megfelel® Hamilton

operátor, amely összecsatolja az l impulzusnyomatékot a szomszédos l ± 1 értékek-

kel. A (1.31) és (1.32) egyenletek integrálhatók t szerint a váltakozó irányú implicit

(Peaceman-Rachford) sémával,

gjl (t+ ∆t) = [I + iH0t/2]−1 [I + iHIt/2]−1 [I − iHIt/2] [I − iH0t/2] , (1.35)

ahol ∆t az id®beli lépésköz. Ez az algoritmus O(∆t3) nagyságrendig pontos és meg-

közelít®leg unitér. A diszkretizált és az analitikus hullámfüggvény közötti különbség

csökkenthet®, ha a Coulomb-potenciált néhány százalékkal skálázzuk az els® rácspon-

ton [25]. A harmonikus spektrum a dipól gyorsulásának ẍ(t) = −∂2
t 〈z(t)〉 Fourier-

transzformációjával kapható meg, ami viszont az Ehrenfest-tétel felhasználásával szá-

mítható ki a ẍ(t) = 〈ψ(r, t)| cos θ/r2−E(t)|ψ(r, t)〉 összefüggésen keresztül [40], ahol

a második tag elhagyható, mivel nem járul hozzá a felharmonikus spektrumhoz.

Fentiekben a V (r) egy hidrogénatom Coulomb-potenciálja, de más közelít® potenci-

ál is alkalmazható. A TDSE megoldási módszerek nagy része egyetlen gerjeszthet®
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elektron (single active electron, SAE) közelítést alkalmaz [41, 42, 43], amelyben a

lézertér csak a legküls® pályán tartózkodó elektronra fejt ki hatást. A többi elektron

az atommag terét leárnyékolja, ezt a kölcsönhatást egy e�ektív potenciállal írja le.

Másik megközelítésben használható például s¶r¶ség-funkcionálos [44]) megoldás is.

1.3. Floquet módszer

Az id®ben periodikus küls® térbe helyezett kvantummechanikai rendszerek leírására

alkalmas a Floquet módszer, amelynek a szilárdtest�zikában a Bloch-tételen alapuló

módszerek feleltethet®k meg, csak míg a Floquet módszer az id®beli periodicitást az

utóbbi a térbeli periodicitás használja ki. A matematikai alapjait eredetileg 1883-

ban fektette le G. Floquet a periodikus együtthatós közönséges di�erenciálegyenletek

vizsgálata során [45]. A kvantummechanikai rendszerekre a Floquet módszert el®ször

J. H. Shirley alkalmazta 1965-ben, aki a lézer-anyag kölcsönhatást vizsgálta ennek

segítségével. Shirley kétállapotú kvantumrendszert vizsgált ahol a monokromatikus

térrel való kölcsönhatást fél-klasszikusan kezelte [46]. Kés®bb azonban Floquet el-

méletet tovább fejlesztették úgy, hogy az többmódusú mez®k kezelésére is alkalmas

legyen (például multimódusú lézerekre vagy több különböz® frekvenciájú gerjeszt®

térre) [47, 48, 49].

A klasszikus Floquet-elmélet f® alkalmazási területe a fény-anyag kölcsönhatás

leírása, mivel lehet®vé teszi egy periodikus lézertérrel kölcsönható atomi rendszer

id®függ® Schrödinger-egyenletének1 egy vele egyenérték¶ végtelen dimenziós saját-

érték problémává történ® transzformációját. A módszer alkalmazása a tér és az atom

kölcsönhatásának nem-perturbatív leírását szolgáltatja.

Vegyünk egy kvantumrendszert, amelynekH(t) Hamilton-operátora (ahol az exp-

licit id®függés jellemz®en a küls® gerjesztésb®l származik) id®ben periodikus, azaz

H(t) = H(t + T ), ahol T = 2π/ω és ω a szögfrekvencia. A küls® teret mono-

kromatikusnak és tetsz®leges polarizációjúnak feltételezzük. A megfelel® id®függ®

Schrödinger-egyenlet felírható

HF (t)|ψ〉(t)〉 = 0 (1.36)

1Munkámban az egyszer¶ség kedvéért csak a nem relativisztikus formalizmust mutatom be.

Azonban a Floquet elmélet alkalmazható relativisztikus problémákra is, mint pl. a Dirac-egyenlet.
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alakban, ahol a Floquet Hamilton operátor alakja

HF (t) = H(t)− i~ ∂
∂t
. (1.37)

Az eredeti Floquet elmélet szerint [45], a megoldás

|ψ(t)〉 = e
iεt
~ |uk〉(t) (1.38)

alakban írható, ahol (1.38) kifejezést Floquet állapotnak nevezzük. Itt |u〉 id®beli
periodicitása megegyezik a Hamilton operátoréval, azaz |u〉(t + T ) = |u〉(t) igaz

minden t-re. ε pedig egy valós érték¶ paraméter, amelyet kvázienergiának nevezünk,

értéke pedig a ~ω egész számú többszöröse erejéig meghatározott.

A kés®bbiekben atomi egységeket használok, ahol ~ = 1 ezért a továbbiakban

nem írom ki. Mivel a Floquet állapotok id®ben periodikusak, bevezethet® egyR⊗ T
alakú összetett Hilbert-tér, ahol R vektorai a kon�gurációs tér négyzetesen integrál-

ható függvényei és a T Hilbert tér elemei az id®ben periodikus függvények, T = 2π/ω

periódussal [50, 51, 52]. Az R térre a bels®szorzatot szokásos módon a

〈ϕα|ϕβ〉 =

∫
ϕ∗α(r)ϕβ(r)dr = δαβ (1.39)

de�niálja, ahol az integrációs tartomány a teljes kon�gurációs tér és |ϕα〉, |ϕβ〉, . . .
ortonormált bázisfüggvények. A T -vel jelölt Hilbert-teret a teljes ortonormált bázist
alkotó exp(inωt) alakú függvények feszítik ki, ahol n = 0,±1,±2, ... egész szám. Ez

az összes id®ben periodikus függvényt tartalmazza T periódussal. A T Hilbert-térben

a bázisfüggvények bels® szorzatát a

(n,m) =
1

T

∫ T

0

exp[i(m− n)ωt]dt = δnm (1.40)

de�niálja. A teljes R⊗ T Hilbert téren így bevezethetjük a bels®szorzat egy megfe-

lel® kiterjesztését amelyet elegend® a |ϕnα〉 = |ϕα〉 exp(inωt) alakú állapotokra meg-

adnunk:

〈〈ϕnα|ϕmβ 〉〉 =
1

T

∫ T

0

〈ϕnα(t)|ϕmβ (t)〉dt = δαβδnm. (1.41)

A fenti egyenletben 〈ϕnα(t)|ϕmβ (t)〉 az állapotvektorok közötti (1.39) egyenlet által

adott szokásos bels® szorzat egy adott id®pillanatban.

A Floquet Hamilton-operátor alkalmazása az (1.38) egyenletben megadott hul-
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lámfüggvényre eltünteti a benne szerepl® exponenciális kifejezést. Ezáltal az egyenlet

átalakul egy sajátérték egyenletté:

HF (t)|uα(t)〉 = εα|uα(t)〉, (1.42)

ahol az α index a különböz® sajátértékekhez tartozó sajátvektorokat jelöli. S®t, egy

tetsz®leges rögzített id®pontban a Floquet állapotok teljes bázist alkotnak azaz∑
α

|uα(t)〉〈uα(t)| = 1, (1.43)

ahol az 1 csak az R Hilbert-térbeli egységoperátort jelöli, azaz az id®ben periodikus

függvények Hilbert tere nélkül. Az (1.38) egyenletb®l és a Floquet állapot |uα(t)〉
periodikusságából egyértelm¶, hogy ugyanazt a �zikai állapotot nyerhetjük

|ψα(t)〉 = exp[−i(εα + nω)t] exp[inωt]|uk(t)〉 = exp(−iεnαt)|unα(t)〉 (1.44)

alakban, ahol az eltolt állapotokat |unα(t)〉 = exp(inωt)|unα〉-ként de�niáljuk εnα =

εα+nω kvázienergiával bármely n egész számra. Ezeket az állapotokat néha oldalsá-

voknak is hívják. Ezért minden kvázienergia εα lecsökkenthet® egy "zóna" egyetlen

pontjáig, egész pontosan −ω/2 ≤ ε ≤ +ω/2. Hasonlóképpen a szilárdtest�zikában a

k hullámszám vektorhoz, amely csak a reciprok rácsvektor erejéig meghatározott, és

általában úgy választják, hogy az els® Brillouin-zónában legyen. Láthatjuk, hogy az

|unα(t)〉 eltolt Floquet állapotok ugyanazt a sajátérték egyenletet elégítik ki a hozzá-

juk tartozó εnα eltolt sajátértékekkel.

A Floquet állapotok id®beli periodicitása miatt áttranszformálhatjuk a (1.42)

sajátérték egyenletet egy végtelen dimenziós mátrixegyenletté. |uα(t)〉-t Fourier-

sorba fejtve a

|uα(t)〉 =
+∞∑

m=−∞

eimωt|ũmα 〉 (1.45)

alakot kapjuk, ahol a sorfejtésben szerepl® |ũmα 〉 függvények a Floquet állapotok har-
monikus komponensei. A (1.45) egyenletben szerepl® végtelen sort a (1.38) egyen-

letbe behelyettesítve a hullámfüggvény átírható, mint Floquet-Fourier kifejtés

|ψα(t)〉 = exp(−iεt)
+∞∑

m=−∞

eimωt|ũmα 〉. (1.46)
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AH(t) Hamilton operátor ugyancsak Fourier-sorba fejthet®, így a sajátérték egyenlet

megadható

(HF − 1εα)|uα(t)〉 = 0, (1.47)

ahol a Floquet-féle Hamilton HF mátrix végtelen. Konkrétan, az R⊗ T szorzat

Hilbert-tér egy ortonormált bázisában kifejtve a HF mátrixát, a mátrixelemeket a

következ®

〈〈ϕnα|HF |ϕmβ 〉〉 = H̃n−m
αβ + nωδαβδnm (1.48)

kifejezés adja, ahol H̃n−m
αβ a fél-klasszikus Hamilton operátor Fourier kifejtési együtt-

hatói azaz

〈ϕα|H(t)|ϕβ〉 = Hαβ(t) =
+∞∑

n=−∞

H̃n
αβe

inωt. (1.49)

A görög bet¶k az atomi vagy molekuláris sajátállapotoknak megfelel® mátrix eleme-

ket jelölik, míg a római bet¶k a Fourier komponenseket. Ha feltételezzük, hogy a

Hamilton operátor egy statikus rész és egy id®ben periodikus tagból áll, például az

általam is használt H(t) = A + B cos(ωt) alakú, akkor a Floquet Hamilton mátrix

felépítése a következ® [52]:

HF =



. . .
...

...
...

...
... . .

.

· · · A− 2ω1 B 0 0 0 · · ·
· · · B A− ω1 B 0 0 · · ·
· · · 0 B A B 0 · · ·
· · · 0 0 B A+ ω1 B · · ·
· · · 0 0 0 B A+ 2ω1 · · ·

. .
. ...

...
...

...
...

. . .


. (1.50)

Ez egy végtelen blokkmátrix, amelynek a f® átlójában helyezkedik el az A statikus

tag blokkokként, amelyhez hozzáadódnak a ~ω egész számú többszörösei. A cos(ωt)-

vel rezg® részt szorzó B kifejezés által alkotott blokkok a f®átló alatt illetve felett

blokkokként helyezkednek el, amely a cos(ωt) = (1/2)[exp(iωt) + exp(−iωt)] azo-
nosság következménye. A Hamilton operátor id®független A tagjának |ϕα〉, |ϕβ〉. . .
sajátvektorait minden blokk tartalmazza.

Ha a hullámfüggvényeket Floquet formában írjuk fel, a peremfeltételeket is �gye-

lembe véve, akkor egy jól de�niált végtelen lineáris egyenletrendszert kapunk. Ezt

sajnos csak az egyenletrendszer, illetve a mátrix csonkolásával lehet megoldani. Ami
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gyakorlatilag azt jelenti, hogy véges számú (2N + 1) harmonikus komponenst tartok

meg. Azaz a mátrix (2N + 1) × (2N + 1) blokkot fog tartalmazni. Az N egész

számot általában az el®írt számítási pontosság segítségével határozzuk meg. Termé-

szetesen ez tetsz®legesen �nomítható ha több harmonikust veszünk �gyelembe. A

blokkok pedig a �gyelembe vett |ϕα〉 sajátvektorok (atomi hullámfüggvények) αmax
maximális számának megfelel®en αmax× αmax méret¶ek lesznek. Esetünkben ez azt

jelenti, hogy �gyelmen kívül hagyjuk egy adott rend felett a felharmonikusokat. A

gáz HHG spektrumok tipikus tulajdonságainak (plató, majd a levágás a frekvencia

növekedésével) megtartásával.

1.4. Sturm függvények

Folytonos, szinuszosan oszcilláló küls® gerjeszt® tér esetén a Floquet módszer [45, 53]

kényelmes módot kínál az id®függ® Schrödinger-egyenlet megoldására, egy statikus,

de végtelen sajátérték-problémává való transzformálás révén. (Szilárdtest-rendszerek

esetében is: lásd pl. [54, 55].) Itt a numerikus megoldás miatt a mátrix csonkolása

szükséges. Ezen módszer ereje és átláthatósága akkor a legnyilvánvalóbb, amikor az

eredeti id®függ® kvantummechanikai probléma leírásához nem szükséges túl sok ato-

mi állapot. Mivel azonban a felharmonikus-keltés folyamatának adekvát leírásához

elengedhetetlenül szükséges a pozitív energiás kontinuum állapotok bevonása is, a

szokásos hidrogénszer¶ sajátállapotok nem megfelel®ek. Ehelyett a probléma leírá-

sához sokkal hatékonyabb Sturm-függvényeket [56, 57], használjuk, amelyek tartal-

mazzák egyaránt a spektrum kötött és a folytonos részeit is, és teljes rendszert, azaz

bázist alkotnak. A következ®kben bemutatom, hogy a Floquet módszer kombináci-

ója a Sturm bázis használatával [58] olyan megközelítést jelent, amely az analitikus

módszerekhez közel áll, ennek megfelel® mélyebb betekintést enged a dinamikába.

Az általam használt Sturm állapotokhoz [59] tartozó függvények alakja a követ-

kez®:

|Sαn,l,m〉(r, θ, φ) =
α3/22l+1e−αr

(2l + 1)!

√
(l + n)!

n(−l + n− 1)!
(1.51)

× (αr)l1F1(l − n+ 1; 2l + 2; 2αr)Ym
l (θ, φ).

Itt Ym
l (θ, φ) a gömbfüggvényeket, míg 1F1(l−n+1; 2l+2; 2αr) az els® fajú kon�uens

hipergeometrikus függvényeket (más néven els® fajú Kummer függvényeket) jelöli,
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ami felírható hipergeometrikus sor segítségével a

1F1(a; b; z) = 1 +
a

b
z +

a(a+ 1)

b(b+ 1)

z2

2!
+ ... =

∞∑
k=0

(a)k
(b)k

zk

k!
(1.52)

formula segítségével. Érdekességként megjegyzem, hogy a Laguerre polinomok is

felírhatóak az els® fajú kon�uens hipergeometrikus függvények segítségével:

Lmn (x) =
(m+ n)!

m!n!
1F1(−n;m+ 1;x). (1.53)

A (1.51) bázisfüggvények kifeszítik a probléma teljes Hilbert-terét, beleértve mind a

negatív energiájú kötött állapotokat, mind pedig a kontinuumban a pozitív energiák-

nak megfelel® állapotokat, így optimális választást jelentenek egy olyan normatartó

dinamikához, amely érinti a kontinuumot is. Ez érvényes az α bármely értékére. A

könnyebb de�niálhatóság érdekében a továbbiakban α = 1-et használom, és elha-

gyom annak kifejezett jelölését. Azonban �gyelembe kell vennünk a Sturm függvé-

nyek esetében egy 1/r normálási faktort [59, 60]. Így a (1.39) és (1.41) egyenletekben

szerepl® bels® szorzat esetünkben a

˜〈ϕ1|ϕ2〉 =

∫
dt

∫
1

r
d3rϕ∗1(r, t)ϕ2(r, t) (1.54)

alakban írandó, továbbá a H0 és V (t) mátrix elemeit is ezen bels®szorzat alkalmazá-

sával kell kiszámolni.

1.5. Felületi plazmonokkal kapcsolatos alapismeretek

Az anyagtudomány és a nanotechnológia már korán érdekl®déssel fordult a felületi

plazmon polaritonokként (surface plasmon polariton, SPP) [61, 62, 63] ismert kol-

lektív hullámok iránt, amelyek a fém vezetési sávjában lév® elektronok lokalizált

töltéss¶r¶ség oszcillációi, melyeket egy küls® elektromágneses hullám gerjeszt. Mivel

a fény rezonánsan csatolható a felületi plazmonokkal, sokféle technológiai és tudo-

mányos alkalmazásban alkalmazhatók, amelyek számos különböz® kutatási területre

kiterjednek. Mivel a felületi plazmon rezonancia meglehet®sen keskeny beesési szög-

tartományú (1-2 fok), a csatolás rendkívül érzékeny a felület mentén elhelyezked®

anyagra (annak törésmutatójára) és a plazmonok csatolásához használt geometriá-
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ra. Ezért a felületi plazmon rezonancia rendkívül hasznos és érzékeny kutatási eszköz,

például optikai alapú szenzorikai alkalmazásokban. Például széleskör¶ kutatás folyt

és folyik a felületi plazmon rezonancia megvalósítására biológiai alkalmazásokban.

Egy speciális technika a felületi plazmon rezonanciát alkalmazva képes kimutatni a

molekulapár kapcsolódását egy adott fémfelületen, amelyen a felületi plazmon hul-

lám elindul [64]. A molekulapár egyik tagjával funkcionalizálják a felületet, és ha oda

beköt a detektálandó molekula, akkor azt már az ezzel okozott minimális törésmuta-

tó változás miatt is érzékelni lehet a felület közvetlen (nanométeres) környezetében.

Az ilyen eszközök rendkívül hasznosak a kémiai analitikai eljárások során vizsgált

molekula komponensek kimutatására, és felhasználhatók antigének, DNS, enzimek,

kelátképz® szerek stb. tanulmányozására [65, 66, 67].

Alternatív megoldásként a felületi plazmon oszcillációkat létre lehet hozni fém

nanorészecskéken is[66]. Ezeket lokalizált felületi plazmonoknak nevezzük és 1.5

fejezetben visszatérek rájuk. A nanorészecskék kémiai illetve biológiai molekulák

érzékelésére való alkalmazása el®nyös, mivel molekuláris és biológiai rendszerekben

könnyen alkalmazhatók.

Ehhez hasonlóan a felületi plazmonrezonancia is felhasználható az anyag jellem-

zésének eszközeként. Amint azt Pockrand [68] megmutatta, a vékony �lm komplex

dielektromos állandója és vastagsága meghatározható a felületi plazmon rezonancia-

görbe bemélyedésének szélességén, mélységén és elhelyezkedésén keresztül. Fontana

[69] továbbá beszámol arról, hogy a fémek felületi érdessége egyidej¶leg mérhet® a

fent említett anyagparamétereken kívül. Egy felület tökéletlenségeir®l visszaver®d®

fény összegy¶jtésével és a Fourier-spektrum kiszámításával becsülhet®k a felületre

jellemz® érdességi paraméterek. Ebbesen beszámol [70] a rendkívül jó optikai átvi-

telr®l nanométeres (150 nm méret¶) furatokból létrehozott mátrixon keresztül. Ez a

jelenség is a plazmonok keletkezésének és terjedésének tulajdonítható, a nanométeres

méret¶ fém apertúrákon keresztül. Az ilyen kutatások ajtót nyitottak a nanofoto-

nika tudományterület létrejöttéhez és mind alapkutatási mind alkalmazott kutatási

eredményeket hoznak azóta is.

A felületi plazmonhullám csatolás lehet®vé teszi a hosszú távú energiatranszpor-

tot a hullámhossznál kisebb rendszereken belül. A [71] munkában a plazmon hullám-

vezet® koncepcióját mutatják be, ez a szomszédos ezüst nanorudak közeltéri optikai

csatolásán alapszik. Meg kell említeni a felületi plazmon terjedését vékony fémcsíko-

kon [72], amely a miniatürizált fényvezet®k alkalmazását teszi lehet®vé a nanooptiká-

ban. Meg�gyelték, hogy a plazmonok vékony (70 nm) ezüst és arany felületek mentén



1. FEJEZET. BEVEZET�, IRODALMI EL�ZMÉNYEK 23

terjedtek, körülbelül 25 µm távolságon, amely a síkfelületen terjed® SPP-k terjedési

hosszának többszöröse. Megfelel®en kialakított felületi hullámvezet®k esetén akár

milliméteres terjedési hosszak is megvalósíthatók[73]. A [74] tanulmány a felületi

plazmon terjedésének megvalósíthatóságát írja le kompakt nanooptikai eszközök és

szondák esetén.

Egy további érdekes alkalmazásként az elektromágneses energia begy¶jtésének

lehet®ségét vizsgálták felületi plazmon rezonancia csatolás során [75], olyan távoltér

nanostruktúrákon, amely a felületi plazmon hullám fókuszálásán alapul. Lényegé-

ben egy dielektrikum foltot (parabolikus lencse formájút) használnak a kép kiala-

kításához a tényleges felületi plazmon hullámok felhasználásával, amelyet aztán egy

hagyományos mikroszkóp objektív segítségével meg�gyeltek. Egy aranyfelület 100

nm-es lyukainak hálózatából álló tesztmintát használva a szerz®k bizonyítják a fe-

lületi plazmon által er®sített hullámhossz alatti képalkotás elvét, amely több mint

három nagyságrenddel átlépi a di�rakciós limitet.

A tiszta elektromágneses kölcsönhatások mellett a nanoklaszterekb®l és nano-

részecskékb®l származó fotoemisszió viselkedésének vizsgálata a szilárdtestek tulaj-

donságainak mélyebb megértéséhez vezetett [76, 77, 78, 79, 80]. Az elektronemisszió

nagyon érzékeny a lokális anyagmorfológiára és az ionizáló elektromos tér struktú-

rájára. Ezért a fotoemittált elektronok energiájának és szögeloszlásának ismerete

hasznos lehet a részecskeeloszlás és a kilépési munka meghatározásához. Ezenkívül

magasabb rend¶ autokorrelációs mérések végrehajtásával információt nyerhetünk a

felületi plazmon relaxációs id®kr®l és a plazmon dinamikáról [81]. Továbbá a felületi

plazmonok segítségével a részecskék gyorsítására is lehet®ség nyílik [82].

A továbbiakban szeretném a felületi plazmonok relevánsabb tulajdonságait át-

tekinteni a teljesség igénye nélkül. A fémek vezetési elektronjainak felület mentén

kialakuló, fény-indukált töltéss¶r¶ség-oszcillációt, vagyis az ezen oszcillációhoz kap-

csolódó, a fém felületére mer®leges elektromágneses teret, amely exponenciálisan

lecseng, felületi plazmon polaritonnak (surface plasmon polariton, SPP) nevezzük

[83, 84] (A kés®bbiekben ezt vagy csak felületi plazmonként említem, vagy az SPP

rövidítást használom). Bizonyos feltételek megléte esetén hozható létre a jelenség

fémek vezetési elektronjainak gerjesztésével. A felületi plazmonok létrehozhatók töl-

tött részecskék, például elektronok segítségével is, vagy tisztán optikai úton, pl. fém-

vákuum, illetve fém-dielektrikum határfelület megvilágításával. A jelenség jobb meg-

értése céljából áttekintem a fémek optikai tulajdonságaira vonatkozó tudnivalókat,

majd tárgyalom a (haladóhullámú) felületi plazmonokat, utána pedig a nanorészecs-
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kéken lokalizált felületi plazmonokat.

A fémekben rácsperiodikusan elhelyezked® atomok miatt létrejöv® periodikus po-

tenciálban mozognak az elektronok. A sávelméleti modell segítségével � többek kö-

zött � a fémek vezetési tulajdonságai jól megmagyarázhatók. Egy másik megköze-

lítést képvisel a fémek plazmamodellje [83, 84, 67, 85], ahol az elektronokra szabad

elektrongázként tekintünk amely a pozitív töltés¶ atommagok körül helyezkedik el.

Itt az elektrongáz küls® térre adott válasza központi szerepet játszik. Ugyanis a fém-

ben lev® elektronokat a küls® elektromágneses tér mozgatja, viszont a mozgás id®ben

csillapodik a fellép® ütközések által. Felírhatunk egy egyszer¶ mozgásegyenletet a

plazmatenger elektronjára [84], amely küls® elektromos mez®nek van kitéve:

mẍ +mγẋ + eE = 0, (1.55)

ahol e ésm az elektronok töltése és e�ektív tömege, E a küls® elektromos tér, továbbá

γ jelenti az elektronok ütközési frekvenciáját. Harmonikus gerjesztést feltételezve,

elektromos tér id®függése megadható az E(t) = E0e
−iωt alakban, a megoldás pedig

a

x(t) =
e

m(ω2 + iγω)
E(t) (1.56)

alakban írható. Az elmozdult elektronok hozzájárulása P = −nex a makroszkopikus

polarizációhoz

P = − ne2

m(ω2 + iγω)
E. (1.57)

A polarizáció kifejezését felhasználva az elektromos eltolásvektor megkapható

D = ε0E + P = ε0(1−
ω2
p

m(ω2 + iγω)
)E. (1.58)

Itt ω2
p = ne2

ε0m
a szabad elektrongáz plazmafrekvenciája, ε0 a vákuum permittivitása.

A szabad elektrongáz dielektromos állandóját

ε(ω) = ε′ + iε” = 1−
ω2
p

ω2 + iγω
= 1−

ω2
pτ

2

1 + ω2τ 2
+ i

ω2
pτ

ω(1 + ω2τ 2)
(1.59)

alakban írhatjuk, ahol τ = 1/γ. A γ ütközési gyakoriság tekintetében itt csak az ω <

ωp frekvenciákra szorítkozunk, ahol a fémek megtartják fémes jellegüket. ωp közeli

nagy frekvenciák esetén a csillapítás elhanyagolható. Így ε(ω) lényegében valós, és a
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nem csillapított szabad elektronplazma dielektromos függvényének tekinthet®

ε(ω) = 1−
ω2
p

ω2
. (1.60)

Ebb®l az ñ(ω)=
√
ε =n(ω)+ iκ(ω) adódik a fémek törésmutatójára, ami egy komplex

szám, melynek a képzetes része az abszorpcióval kapcsolatos mennyiség. A fémek

viselkedése a bees® fény frekvenciájának függvényében eltér®. Míg a plazmafrek-

venciánál alacsonyabb frekvenciával rendelkez® fényt visszaverik, addig a magasabb

frekvenciákon egy dielektrikum tulajdonságait veszik fel.

1.5.1. Felületi plazmon polaritonok

Az elektromágneses tér leírásában kétféle teret különböztethetünk meg, az úgyneve-

zett távolteret és a közelteret. El®bbi az, ahol a szabad töltéshordozók terének, vagy

valamilyen objektum által részben kötött töltések terének hatása elhanyagolható.

Közeltérnek pedig azt nevezzük, ami különböz® szabad töltéshordozókkal rendelkez®

objektumok (pl. fémek) közelében alakul ki egy küls® tér hatására. A közeltér a kül-

s® mez® és a töltéshordozóban a küls® tér hatására létrejött töltésátrendez®dés által

létrehozott terek összege. Az id®ben változó elektromágneses hullám esetén bizo-

nyos feltételek esetén létrejöhet id®ben periodikus töltésátrendez®dés is, ez létrehoz

egy periodikusan változó, a töltéshordozó objektumhoz kötött elektromágneses teret.

A felületi plazmonok további tárgyalásához [83, 84, 67, 86] tekintsük az 1.2 ábrát

a megadott dielektromos állandókkal és J. M. Pitarke [86], valamint Stefan Maier

[84] leírását. A fém-dielektrikum határfelület közelében a elektromos és mágneses

tereknek ki kell elégíteni a

∇×Hi = εi
∂

∂t
Ei, (1.61)

∇× Ei = − ∂

∂t
Hi, (1.62)

∇εiEi = 0, (1.63)

∇Hi = 0. (1.64)

Maxwell-egyenleteket, ahol nemmágneses anyagokról van szó és feltételezzük a kül-
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1.2. ábra. A dielektrikum-fém határfelület mentén kialakuló felületi plazmon. Lát-
ható a töltéss¶r¶ség-oszcilláció, és a felülett®l távolodva exponenciálisan lecseng®
elektromágneses tér is [87].

s® töltések és áramok hiányát, továbbá i indexeli a két közeget. A (1.61)-(1.64)

egyenletek alapján létezik olyan megoldás, amely a transzverzális mágneses, illetve a

transzverzális elektromos módusokat írja le. A felületi plazmon terjedési irányát az

x tengellyel párhuzamosan megválasztva, továbbá �gyelembe véve, hogy két közeg

határán az elektromos és mágneses térer®sség érint® irányú komponensei folytonosan

mennek át, a transzverzális elektromos (TE) módus esetén a kialakuló elektromos és

mágneses komponenseket a

dielektrikum féltérben (z > 0)

E1 = (0, Ey, 0)ei(kxx−ωt)e−α1z, (1.65)

H1 = (Hx, 0, Hz1)ei(kxx−ωt)e−α1z, (1.66)

fém féltérben (z < 0)

E2 = (0, Ey, 0)ei(kxx−ωt)eα2z, (1.67)

H2 = (Hx, 0, Hz2)ei(kxx−ωt)eα2z (1.68)

alakban, míg a transzverzális mágneses (TM) módust a

dielektrikum féltérben (z > 0)
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E1 = (Ex, 0, Ez1)ei(kxx−ωt)e−α1z, (1.69)

H1 = (0, Hy, 0)ei(kxx−ωt)e−α1z, (1.70)

fém féltérben (z<0)

E2 = (Ex, 0, Ez2)ei(kxx−ωt)eα2z, (1.71)

H2 = (0, Hy, 0)ei(kxx−ωt)eα2z (1.72)

kifejezésekkel lehet megadni, ahol kx jelenti az x irányú hullámszámvektort, ω a

körfrekvenciát, az α együtthatók pedig a felületi plazmonok terének evaneszcens le-

csengést biztosító együtthatói. Ha �gyelembe vesszük, hogy egy ideális vezet® felület

mentén kialakuló hullámok esetén az elektromos térnek kell, hogy legyen az adott

felületre mer®leges komponense, úgy a TE módus (s polarizáció) nem jöhet létre,

így a felületi plazmonok TM módussal (p polarizáció) rendelkeznek. A (1.69)-(1.72)

képleteket a (1.61) egyenletbe helyettesítve, valamint a szükséges egyszer¶sítéseket

elvégezve a

dielektrikum féltérben (z > 0)

(−α1Hy, 0,−ikxHy) = iε1ω(Ex, 0, Ez1), (1.73)

fém féltérben (z < 0)

(α2Hy, 0,−ikxHy) = iε2ω(Ex, 0, Ez2) (1.74)

kifejezésekhez jutunk. Amennyiben az x komponenseket elosztjuk egymással, úgy az

α1

α2

= −ε1

ε2

(1.75)

egyenl®séghez jutunk. Ennek fontos �zikai tartalma van, mivel azt mutatja, hogy

felületi plazmonok kialakulása csak ott lehetséges, ahol a fém dielektromos állandó-

jának valós része, illetve a dielektrikum permittivitása ellentétes el®jel¶ek. Mivel

egy normál dielektrikum relatív permittivitása egy pozitív szám, ezért a fém di-

elektromos állandójának gyakorlatilag negatívnak kell lennie, ami az (1.59) képlet
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alapján a plazmafrekvencia alatt lehetséges. A felületi plazmonok diszperziós reláci-

ójának meghatározásához �gyelembe kell venni, hogy a bees® fény, illetve a plazmon

hullámszám vektorainak meg kell egyezniük [83], vagyis felírható a

i = 1, 2

εi(
ω

c
)2 = k2

x + α2
i (1.76)

alakban, amib®l kiszámolhatjuk az α együtthatókat.

i = 1, 2

αi =

√
εi(
ω

c
)2 − k2

x. (1.77)

Az α lecsengési együtthatók ismeretében következtethetünk a felületi plazmon teré-

nek a felületre mer®leges kiterjedésére, vagyis arra a karakterisztikus hosszra, ame-

lyen a felületi plazmon elektromágneses tere az e-ad részére csökken. Ezt az értéket

a két féltérre az

i = 1, 2

ẑi =
1

| αi |
(1.78)

képlettel lehet kiszámolni, melyre a

dielektrikum féltérben (z > 0)

ẑ1 =
λ

2π

√
ε1 + ε2

ε2
1

, (1.79)

fém féltérben (z < 0)

ẑ2 =
λ

2π

√
ε1 + ε2

ε2
2

(1.80)

kifejezések adódnak. Itt λ jelenti a gerjeszt® fény hullámhosszát, valamint ε2 =

ε′2 + iε′′2 jelenti a fém dielektromos állandójának valós és képzetes részét. A (1.75),

illetve (1.76) egyenletekb®l már levezethet® a felületi plazmon hullámszámvektora,

melyre a

kx =
ω

c

√
ε1ε2

ε1 + ε2

(1.81)

kifejezés adódik. A (1.81) képletb®l látszik, hogy a felületi plazmon hullámhossza

rövidebb az azt kelt®, vákuumban terjed® fény hullámhosszánál. Ahhoz azonban,

hogy fénnyel plazmont tudjunk kelteni, szükséges a gerjeszt® fény, valamint a felületi

plazmon hullámszámainak illesztése, amit nem tudunk elérni a fémfelület egyszer¶
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1.3. ábra. A felületi plazmonok becsatolására alkalmazott fémfelületére felvitt peri-
odikus struktúra [87].

megvilágításával. Ezen feltétel teljesítésére azonban több módszer is létezik. Az

egyik módszer a ráccsal történ® becsatolás (lásd 1.3 ábra), melynek során a felületre

periodikusan felvitt struktúra periodicitásából származó kvázi-hullámszámvektorral

illesztjük a fény és a felületi plazmon hullámszámait. Ilyenkor a hullámszámvektor

felírható a

kplazmonx = kfényx + νkrácsx , kfényx = kfénysinθ, krácsx =
2π

a
(1.82)

alakban, ahol a jelenti a rácsállandót, ν pedig egy pozitív egész szám. Megfelel® ter-

vezéssel akár a plazmon terjedésének iránya is befolyásolható, valamint a fordított

folyamat is létrejöhet, vagyis az, hogy a felületi plazmon a rácson fény formájában

kicsatolódik. A másik módszer lényege, hogy a gerjeszt® fényt egy n > 1 törésmu-

tatójú közegen keresztül bocsátjuk a fémfelületre. Mivel a plazmonbecsatolás be-

esési szöge általában 45° közelében van (lásd 1.4 ábra), így a legmegfelel®bb eszköz

a plazmonrezonancia el®állítására egy derékszög¶ prizma, melyen a legegyszer¶bb

esetben egy vékony fémfelület helyezkedik el. Ezt a 1.5 ábrán látható elrendezést

Kretschmann-kon�gurációnak nevezik. Ugyan a plazmonok félhengerrel történ® ger-

jesztése is lehetséges [83, 88], de a megfelel® optikai min®ség¶ prizma el®állítása is

egyszer¶bb és így olcsóbb a félhengernél. A gerjeszt® fény hullámszám vektorának x

irányú komponense ekkor a

kfényx = kfény sin θ (1.83)

kifejezéssel írható le, ahol n jelenti a prizma törésmutatóját, θ pedig a fény be-

esési szögét a fémfelületre. A plazmonkeltés hatásfoka függ az említett fémfelület

vastagságától, valamint a beesési szögt®l is (lásd 1.5 ábrát). A plazmonbecsatolás

hatásfokának maximuma akkor lép fel, amikor a fémfelületr®l re�ektálódott nyaláb
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1.4. ábra. Felületi plazmonok diszperziós relációja (piros görbe), valamint fénynyaláb
diszperziós relációja vákuumban (fekete görbe) és n törésmutatójú közegben (zöld
görbe). Plazmonbecsatolás létrejöttének feltétele a fény és a plazmon hullámszáma-
inak illesztése, amely ott lehetséges, ahol a két görbe metszi egymást.

teljesítménye minimális. Ennek kiszámolásához a közegekre a Fresnel egyenleteket

kell megoldani. Itt csak a végeredményt adom meg abban az esetben, amennyiben

teljesülnek az | ε′2 |� 1, valamint a | ε”2 |�| ε′2 | feltételek, vagyis a fém dielektro-

mos állandójának valós része abszolút értékben jóval nagyobb, mint a képzetes rész.

Ekkor a re�exióra az

R = 1− 4ΓiΓr[
kfényx − (k0

x +∆kx)
]2

+ (Γi + Γr)2

(1.84)

kifejezéshez jutunk, ahol k0
x jelöli a felületi plazmon két felületre számolt hullám-

számvektorát, ∆kx jelenti a dielektrikum-fémréteg-dielektrikum rendszer hullámszá-

mának eltérését az egyszer¶bb fém-dielektrikum struktúrában számolttól, amit a

(1.81) képlettel kaphatunk meg. Ez a mennyiség függ az alkalmazott fém rétegvas-

tagságától, valamint a gerjeszt® fény frekvenciájától. Továbbá Γi = Im(k0
x) jelöli

a bels® csillapítást, melynek lényege a felületi plazmon energiájának h® formájában

történ® disszipációja. A felületi plazmon tere ugyanis elektron-lyuk párokat hoz lét-

re a Fermi-szinten, melyek elbomlása fononok keletkezésével jár. Az ún. sugárzási

csillapítást a Γr = Im(∆kx) jelöli, melynek során a felületi plazmon a terjedése során

fotonná, azaz fénnyé alakul. Megmutatható, hogy a (1.84) Lorentz görbének akkor

van minimuma, amikor Γi = Γr, vagyis abban az esetben, ha a bels® és a sugárzási
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1.5. ábra. a) Kretschmann-elrendezés. A fény hullámszámvektorának és a felületi
plazmonok becsatolására, illesztésére alkalmas derékszög¶ prizmát felhasználó elren-
dezést Kretschmann-elrendezésnek nevezzük. Itt a prizma teszi lehet®vé a fémfelület
megvilágítását a plazmonrezonancia létrehozására alkalmas szögben [87]. b) A felü-
leti plazmon keltés hatásfoka a beesési szög függvényében Kretschmann-elrendezés
esetén 50 nm vastag ezüst felületen [67].

csillapítás megegyezik egymással. A fentiek ismeretében meghatározható a plazmon-

rezonancia szempontjából ideális fémréteg-vastagság, valamint a fény becsatolásának

szögfüggése is.

A Fresnel-egyenletek segítségével és a transzmisszió meghatározásával a plazmo-

nok térnövekménye is kiszámolható, mely mennyiség megadja, hogy a felületi plaz-

mon határfelület közelében létrejöv® maximális térer®sségének értéke hányszorosan

haladja meg a gerjeszt® fényforrás (ami általában lézer) elektromos terének értékét.

A Fresnel-egyenletek alapján a térnövekmény maximuma akkor észlelhet®, amikor a

re�exiónak minimuma van. A térnövekményt [83] az

| η |2max=
2 | ε′2 |2

ε1ε”2

q

1+ | ε′2 |2
(1.85)

egyenlet adja meg, ahol ε1 jelenti a vákuum, vagy dielektrikum dielektromos állan-

dóját, ε′2, illetve ε”2 pedig a fém permittivitásának valós, illetve képzetes részét.

Továbbá q2 =| ε′2 | (ε3 − 1) − ε3, ahol ε3 a prizma anyagának permittivitását jelöli.

A keltett felületi plazmon elektromos tere [67] így felírható a

Eplazmon = ηElézere
−i(kxx−ωt)e−αz (1.86)

alakban.
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1.5.2. Lokalizált felületi plazmonok (LSP)

A lokalizált felületi plazmonok felfoghatók egy nanorészecske vezetési elektronja-

inak segítségével megvalósuló dipóloszcillációkként [89, 84, 90]. Ilyenkor a küls®

elektromágneses tér hatására a nanorészecskén töltésmegosztás jön létre, mely során

kialakul egy olyan elektromos tér, mely a helyi elektromos semlegességet visszaállí-

tani igyekszik, ez látható a 1.6 ábrán. A jelenség jobb megértéséhez Stefan Maier

[84] tárgyalása alapján vizsgáljuk meg egy gömb alakú nanorészecske környezeté-

ben létrejöv® elektromos teret kvázisztatikus esetben, mely feltétel akkor teljesül,

ha a gerjesztett részecske mérete jóval kisebb mint a megvilágító fény hullámhossza

d� λ. Ilyenkor jó közelítéssel a nanorészecske a periodikusan változó elektromágne-

ses tér ugyanazon fázisát látja, ami miatt az elektromos tér homogénnek tekinthet®

a vizsgálandó tartományon, vagyis a probléma leegyszer¶södik egy elektrosztatikai

feladatra. A küls® elektromos tér felírható az E = E0ẑ alakban, ahol ẑ jelenti az

elektromos tér irányát. A környez® közeg permittivitása εm, és a közegr®l feltesszük,

hogy izotrop és nem abszorbeáló, míg a gömb dielektromos függvénye ε(ω). Az elekt-

romos tér kiszámításához a

∇2Φ = 0 (1.87)

Laplace-egyenletet [90] kell megoldani, ahol Φ jelenti a potenciált, amib®l az elekt-

romos tér is könnyedén kiszámolható E = −∇Φ.

1.6. ábra. Lokalizált felületi plazmonok fém nanorészecskén. Jól látható a kül-
s® elektromágneses tér által a nanorészecskén létrejöv® elektromos dipól, illetve a
töltéss¶r¶ség-oszcilláció. Az ábra a kvázisztatikus esetet szemlélteti, vagyis amikor
a megvilágító fény hullámhossza jóval nagyobb a nanorészecske méreténél [87].
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Megmutatható, hogy a megoldás felírható

Φ(r, θ) =
∞∑
i=0

[
Alr

l +Blr
−(l+1)

]
Pl(cos θ) (1.88)

alakban, ahol Pl(cos(θ)) az l-ed rend¶ Legendre polinomot, θ pedig egy tetsz®leges

ponthoz az origóból húzott vektor és a z tengely által bezárt szöget jelenti. A gömbön

kívüli és az azon belüli tér is felírható analitikus alakban, �gyelembe véve, hogy a

gömb középpontjában lev® térer®sség nem lehet végtelen.

Φbelső(r, θ) =
∞∑
i=0

Alr
lPl(cos θ), (1.89)

Φkülső(r, θ) =
∞∑
i=0

[
Alr

l + Clr
−(l+1)

]
Pl(cos θ). (1.90)

Az Al, Bl, illetve Cl együtthatókra a peremfeltételekb®l következtethetünk. A vég-

telenben r →∞ esetén feltételezhetjük, hogy csak a küls®, gerjeszt® tér marad meg,

amib®l következik a Bl = −E0, l = 1-re, valamint Bl = 0 ha l 6= 1. Mivel az elektro-

mos térer®sség vektor érint®leges komponensei, valamint az elektromos eltolásvektor

normális komponensei két közeg határfelületén folytonosan mennek át, így a gömb

felületén (r = a) a következ® összefüggéseknek kell teljesülniük:

− 1

a

∂Φbelső

∂θ
|r=a= −

1

a

∂Φkülső

∂θ
|r=a, (1.91)

− ε0ε
∂Φbelső

∂θ
|r=a= −ε0εm

∂Φkülső

∂θ
|r=a . (1.92)

Ezek alapján Al = Cl = 0, ha l 6= 1, valamint az Al, illetve Cl értékének megha-

tározásával lehet®vé válik a gömbön belüli, és az azon kívüli potenciál felírása is

a

Φbelső(r, θ) = − 3εm
ε+ 2εm

E0r cos θ, (1.93)

Φkülső(r, θ) = −E0r cos θ +
ε− εm
ε+ 2εm

E0a
3 cos θ

r2
(1.94)



1. FEJEZET. BEVEZET�, IRODALMI EL�ZMÉNYEK 34

alakban. Ez utóbbi átírható a

Φkülső(r, θ) = −E0r cos θ +
p · r

4πε0εmr3
(1.95)

képletre, ahol p jelenti a dipólmomentumot

p = 4πε0εma
3 ε− εm
ε+ 2εm

E0. (1.96)

Mivel a dipólmomentum arányos az elektromos térer®sséggel, ezért

p = ε0εmαE0, (1.97)

így a gömb polarizálhatósága

αkvázisztatikus = 4πa3 ε− εm
ε+ 2εm

(1.98)

nagyságú lesz. A képletb®l látszik, hogy a polarizálhatóság akkor lesz nagy, ha a

fémgömb polarizálhatóságát leíró (1.98) kifejezésben lev® nevez® minimális,

Re [ε(ω)] = −2εm, (1.99)

azonban megemlítend®, hogy a nevez® nem t¶nik el a fém permittivitásának képzetes

része miatt Im [ε] 6= 0. A potenciál ismeretében meghatározható a gömbön belüli és

kívüli térer®sség is.

Ebelső = − 3εm
ε+ 2εm

E0, (1.100)

Ekülső = E0 +
3n(n · p)− p

4πε0εmr3
. (1.101)

Az elektromágneses hullám E(r, t) = E0e
−iωt alakú periodikus oszcillációja miatt

egy id®ben oszcilláló dipólmomentumot fogunk kapni

p = ε0εmαE0e
−iωt. (1.102)

Ezen dipólmomentum sugárzása megadja a nanogömbön történ® szórást, mely a

H =
ck2

4π
(n× p)

eikr

r
(1− 1

ikr
), (1.103)
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E =
1

4πε0εm

{
k2(n× p)× n

eikr

r
+ [3n(n · p)− p] (

1

r3
− ik

r2
)eikr

}
(1.104)

alakban írható, ahol n jelöli az egységvektort, k pedig a hullámszámvektort. A

részecske szórásának Csca és abszorpciójának Cabs hatáskeresztmetszete a Poynting-

vektorból számolható (1.103) és (1.104) egyenletek segítségével [91].

Csca =
k4

6π
|α|2 =

8π

3
k4a6

∣∣∣∣ ε− εmε+ 2εm

∣∣∣∣2 , (1.105)

Cabs = Im [α] k = 4πka3

[
ε− εm
ε+ 2εm

]
. (1.106)

A kis (a � λ) részecskéknél az abszorpciós hatáskeresztmetszet dominál a méret

harmadik hatványa miatt (a szórási hatáskeresztmetszet a méret 6. hatványával ská-

lázódik). Mivel eddig nem feltételeztük, hogy fémekr®l van szó ezért eddig dielekt-

rikumra is igazak az egyenletek. Ez rámutat arra a gyakorlati szempontból nagyon

fontos problémára, hogy nagyon nehéz kis részecskék szórását kiemelni nagyobb tár-

gyak szórásának hátteréb®l. Az (1.105) és (1.106) egyenletek azt is mutatják, hogy

a fém nanorészecskéknél valóban mind az abszorpció, mind a szórás és ezáltal az

extinkció rezonánsan er®södik a részecske plazmon rezonanciájánál, vagyis amikor a

Frölich-feltétel (1.99) teljesül [92]. A V térfogatú gömb extinkciós hatáskeresztmet-

szete kvázisztatikus esetben a

Cext = Cabs + Csca = 9
ω

c
ε
3/2
m V

ε”

[ε′ + 2εm]2 + ε”2
. (1.107)

Abban az esetben, ha a részecske elegend®en nagy az alkalmazott elektromágneses

sugárzás hullámhosszához képest, akkor a kvázisztatikus közelítés helyett a Mie-

féle szóráselmélet alkalmazható [91, 84, 93], melynek során �gyelembe vesszük, hogy

a nanorészecske a ráes® elektromágneses sugárzás más-más fázisát látja, vagyis a

probléma nem közelíthet® meg úgy, mintha a részecske egy homogén elektromos

térben lenne. Ezt a jelenséget retardációs e�ektusnak nevezzük. A elmélet leírja a

részecskén kialakuló magasabb rend¶ módusokat (kvadrupól, hexapól, oktupól, stb.)

is, azonban a Mie-elmélet alapján az els®rend¶, vagyis dipólközelítésben a gömb
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1.7. ábra. Különböz® hosszúságú tégla alakú nanorészecskék extinkciós spektrumai.
Az egyes spektrumokhoz tartozó nanotégla két oldalának hosszát az ábra jobb fels®
sarkában tüntettem fel. Jól látható a polarizáció menti hossz változásának hatása az
extinkcióra, melynek maximuma a méret növelésével a nagyobb hullámhosszak felé
tolódik el (forrás: Dombi Pétert®l).

polarizálhatósága felírható az

αMie = 4πa3 1− 1
10

(ε+ εm)x2 +O(x4)
ε+2εm
ε−εm

1
10

(ε+ 10εm)x2 − i16
9
ε
3/2
m x3 +O(x4)

(1.108)

összefüggéssel, ahol x = πa
λ0
, ami egy, a gömb méretét®l, valamint a megvilágító fény

hullámhosszától függ® paraméter. A számlálóban lev® x-t®l függ® tag a gerjeszt®

fény, míg a nevez®ben x-ben másodrend¶ tag a depolarizációs tér retardációját ír-

ja le. Az (1.108) egyenlet alapján a méret növekedésével a rezonancia a hosszabb

hullámhosszak felé tolódik el (ld. 1.7 és 4.12 a) ábrákat). Ezen jelenség szemlé-

letes magyarázata, hogy a nanorészecskén töltésszétválasztás következik be, ahogy

kölcsönhat az elektromágneses hullámmal, azonban a töltések között visszatérít®

er® lép fel. A részecske méretének növelésével az ellentétes töltések nagyobb távol-

ságra tudnak egymástól eltávolodni, ami kisebb visszatérít® er®t és ezáltal kisebb

rezonanciafrekvenciát jelent, vagyis a nanorészecske rezonanciagörbéje a hosszabb

hullámhosszak felé tolódik el. Ez alapján válik érthet®vé az ellipszoidok rezonancia-

frekvenciájának különbsége az egyes f®tengelyek mentén, vagyis amikor a gerjeszt®

fény polarizációja párhuzamos az ellipszoid adott tengelyével. Ilyenkor ugyanis a

töltésszétválasztás a bees® fény polarizációjának függvényében az ellipszoid más ten-
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gelyei mentén fog lezajlani, ami a már vázolt módon vezet az extinkciós spektrum

megváltozásához.

A Mie-féle modell (1.108) egyenletéb®l könnyen visszakaphatjuk az (1.107) képlet-

tel leírt, kvázisztatikus közelítésben kiszámolt polarizálhatóságot, amennyiben a ré-

szecske mérete elhanyagolhatóan kicsi az azt gerjeszt® fény hullámhosszához képest.

Általános (nem gömbi) esetben egy tetsz®leges geometriával rendelkez® részecske

válaszát a ráes® sugárzásra a Maxwell-egyenletek numerikus megoldásával kaphat-

juk meg [93], mint amilyen a peremelem (boundary element method BEM [94]),

vagy a véges id®beli di�erenciák módszere (�nite di�erence time domain FDTD)

[95] amellyel munkám kés®bbi 3.2 szakaszában foglalkozom részletesebben.

Egymással kölcsönható nanorészecskék [84, 96] esetén a rendszer viselkedése vala-

melyest megváltozik. Amennyiben továbbra is kvázisztatikus közelítésben vizsgáljuk

az egyedi nanorészecskéket, úgy a rendszert kölcsönható dipólokként kezelhetjük. Ha

az egyes nanorészecskék kell®en közel vannak egymáshoz, vagyis a nanorészecskék

közti távolság jóval kisebb, mint a beérkez® fény hullámhossza, úgy a nanorészecs-

kéken létrejöv® lokalizált felületi plazmonokhoz tartozó közelterek hatnak kölcsön

egymással, a távolság harmadik hatványával fordítottan arányosan. Itt csak megem-

lítem, de a 4.7.2 fejezetben részletesen foglalkozom vele mivel ez a [P2]-ben is pub-

likált saját eredményem. A fenti összeállítás extinkciós spektruma is elhangolódik,

amennyiben egy egydimenziós nanorészecskékb®l álló láncot tekintünk, úgy a rezo-

nanciaspektrumban a lánchoz viszonyított (mer®leges) transzverzális polarizációval

érkez® fényre kék, míg a longitudinális polarizációval rendelkez® fényre vöröseltoló-

dást tapasztalhatunk.

1.5.3 A plazmonos térnövekmény és annak mérési lehet®ségei

Az elektromágneses terek nanométeres tartományra történ® lokalizációja az ilyen

méret¶ fém objektumok közelében számos alkalmazásban jól kihasználható jelenség.

Különösen el®nyös a fém vékonyrétegeken terjed® felszíni plazmonok, vagy a fém

nanorészecskékben lokalizált plazmonok felhasználása a fény elektromos mezejének

jelent®s er®sítésére, er®sen zárt, nanoméret¶ környezetekben [15, 16]. Ez a térer®sí-

tési jelenség eredend®en kapcsolódik a nanooptikai tér lokalizációjához.

A plazmonikus tér er®sítésének és/vagy lokalizálásának tudományos és techno-

lógiai alkalmazásai közé tartozik a felületer®sített Raman-szórás (SERS) [97, 98],

plazmonikus bioszenzorok [65, 99], optoelektronika [100, 101], fotovoltaikus elemek
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[102], az ultragyors nanoemitterek építése [103, 104, 81, 105] és még sok más [106].

A térer®sít® hatás óriási jelent®sége ellenére annak tényleges nagysága továbbra is

er®sen vitatott kérdés, mivel nincsenek pontos, közvetlen és nem roncsoló kísérleti

eljárások, amelyek nanométeres térfogatban mérnék és számszer¶sítenék az elektro-

mágneses mez®ket.

A Raman-jel er®sítése és a SERS jól ismert, jel-skálázási törvényei együttesen mé-

rési eszközt kínáltak a plazmonikus térnövekmény méréséhez a kezdetekben [98, 97].

A közelmúltban a közvetett kvantitatív becslések 30 és 120 közé es® térnövekményt

mutatnak a különböz® nanostruktúrák esetén [107, 108]. A hasonló koncepción ala-

puló kétfotonos fotolumineszcencia jelszintek meger®sítették a térnövekmény néhány

tucatnyi nagyságrendjét az arany nanocsíkok és szembe állított háromszögek ese-

tében [109]. Léteznek más alternatív megközelítések is, amelyek az elektromos tér

kritikus értéke által kiváltott irreverzibilis változásokon alapulnak, mint például fo-

topolimerizáció (tipikusan kétfotonos) [110, 111, 112] és nanostrukturált minták köz-

vetlen ablációja [113]. Itt a becsült térnövekmény 34 és 600 közé esik a különböz®

geometriák esetén.

Ezzel kapcsolatban a továbbiakban bemutatom, hogy az ultragyors fotoemisszió

sokoldalú eszköz a plazmonikus mez® maximális er®sítésének mérésére bármilyen fém

nanostruktura felületen.

A kísérleti koncepció az ismert tényekre támaszkodik, amelyek: (1) a nanoopti-

kai, plazmonikus közeltér fotoemissziót indukál a fémfelületekr®l [114, 115, 116] és

nanorészecskékb®l [117, 118], és az ebb®l származó elektronok kinetikus energiaelosz-

lása könnyen mérhet®; (2) az elektronok, amelyek a legnagyobb kinetikus energiát

nyerik a nanolokalizált térben, az újraszóródott elektronok [119], és végül (3) jól

meghatározott, egyszer¶ összefüggés van a helyi térer®sség és a maximális elekt-

ron mozgási energia között, az elektronok ponderomotoros gyorsulási mechanizmusa

alapján [120, 121]. Így egy adott plazmonikus nanostruktúra esetén az elektronok

legnagyobb kinetikus energiájának mérésével meg lehet kapni az adatokból az úgyne-

vezett forrófolt maximális térnövekményét, mivel a spektrum levágási tartományát

újraszóródott elektronok alkotják, amelyek közvetlenül érzékenyek a nanooptikai tér

maximumára [K5]. Ez az elv érvényes, feltéve, hogy a szabad elektronok rezgési

amplitúdója sokkal kisebb a megnövekedett lokális mez®ben, mint a plazmonikus tér

lecsengési hossza [122].

Ha a plazmonikus fotoemissziós folyamat az oszcilláló, lokális elektromos mez®

egy bizonyos fázisában megy végbe, akkor a szabad, fotoemittált elektronok nagy-
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jából egy oszcillációs ciklus felén belül visszatérnek a felszínre. A fémfelületet új-

ra eltaláló elektronok bizonyos valószín¶séggel rugalmasan újraszóródhatnak, teljes

analógiában a megfelel® atom�zikai folyamattal, amely az atom fotoionizálása után

megy végbe [119, 120]. Szigorúan be lehet bizonyítani, hogy pontosan ezek az újra

szóródott elektronok nyerik a legnagyobb mozgási energiát az oszcilláló lokális tér

ciklusonkénti gyorsítási folyamatában [120, 121].

Kísérleti értelemben csak az újraszóródott elektronok járulnak hozzá az elektron

kinetikus energia spektrumokban meg�gyelt spektrális határértékekhez. A maximális

elektronenergiát

Qmax =
10, 01e2λ2E2

loc,max

16π2mc2
+ 0, 54W (1.109)

egyszer¶ képlet adja [120, 121], ahol m és e az elektron tömege és töltése, λ a lézer

hullámhossza, Eloc,max a lokális elektromos térer®sség maximuma, c a fénysebesség,

W a kilépési munka.

Nanorészecskék térnövekménye kísérletileg meghatározható femtoszekundumos

lézerrel történ® kivilágítással és az így keltett fotoelektron-spektrumok mérésével. A

spektrális határértékek kiértékelésével pontosan meghatározhatók az újraszórási fo-

lyamat során keletkezett elektronok maximális kinetikus energiája a Qmax. Ebb®l az

(1.109) képlet alapján meghatározható a lokális intenzitás ami a lokális elektromos

térer®sség négyzetével E2
loc,max arányos. A fókuszfolt, az impulzushossz és a lézer

impulzusenergiájának pontos ismeretében az Ifocus,max fókuszált intenzitás is meg-

határozható a kölcsönhatási térfogatban. A fókuszált intenzitás valamint a lokális

intenzitás hányadosának a reciproka éppen megadja a térnövekmény négyzetét, ezzel

az egyszer¶ új módszerrel közvetlen és roncsolásmentes módon lehet plazmonikus

térnövekményt mérni közvetlenül a nanorészecskék felületének környezetében.



2. fejezet

Célkit¶zések

Az el®z® fejezetben a munkámhoz kapcsolódó alapismereteket és a kutatási el®zmé-

nyeket ismertettem. A disszertáció további fejezeteiben a kutatási módszereimr®l

és saját eredményeimr®l írok. A numerikus modellezés során alkalmazott számítá-

si módszereket és ezek eredményeit is bemutatom. Emellett szót ejtek a kísérleti

munka során a mérést megel®z® mintakészítési preparációs eljárásokról, az eljárás

f®bb paramétereir®l, a megvalósítás közben felmerült néhány buktatóról, mintegy

receptet adva az olvasónak. Továbbá szó lesz a megvalósított kísérleti elrendezésr®l,

az általam használt pásztázó elektronmikroszkópról és egyéb technikai eszközökr®l,

illetve a mérés során alkalmazott módszerekr®l. Végül mind a numerikus szimulációk

mind a mérések eredményeir®l, és azok értelmezésér®l írok.

Az 1.3 szakaszban ismertetett Floquet módszer és az 1.4 szakaszban ismertetett

Sturm bázis együttes alkalmazásával numerikus módszert dolgoztam ki a folyamatos

gerjeszt® térbe helyezett hidrogénszer¶ atomok viselkedésének vizsgálatára. A mód-

szer kidolgozásával az volt a célom, hogy az ilyen rendszer kvantummechanikai visel-

kedését tanulmányozzam, és a kisebb numerikus számítási igény el®nyeit kihasználva

elmélyítsem a harmonikus spektrumok keletkezésével kapcsolatos ismereteinket. Cé-

lom volt az elkészített programkódok segítségével a különböz® kvantummechanikai

szuperpozíciós kezd®állapotokból indított atomi rendszerek spektrumainak összeha-

sonlítása. Leírom annak a vizsgálatát, hogyan befolyásolja a kezd®állapot és az atomi

alapállapot közötti dipólmomentum mátrixelem elt¶nése a spektrum kvalitatív tu-

lajdonságait.

A folytonos gerjeszt® tér mellet célom volt az impulzusszer¶ gerjesztés dinami-

kai vizsgálata, erre ugyancsak alkalmas az 1.4 fejezetben ismertetett diszkrét Sturm

40
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bázis. Erre másik numerikus módszert dolgoztam ki, amely lehet®vé tette a felhar-

monikus spektrumok tanulmányozását a gerjeszt® tér polarizációjának függvényében

is. Itt el®ször a kísérleti meg�gyelések reprodukálása volt a cél, miszerint a modellben

cirkuláris polarizáció mellett nincs felharmonikus-keltés, mert a szokásos magyarázat

szerint nem ér vissza az elektron az atommag terébe. Tárgyalom, hogy a numeri-

kus módszer segítségével vajon kirajzolódik-e egy mélyebb interferometrikus kép is

a futtatások eredményeként.

Kísérleti munkám során a nanostruktúra-hálózatok extinkciós spektrumainak fel-

vételét és az FDTD modellszámításokban kapott térnövekményekkel való összefüggés

kimutatását is terveztem. Pontosabban a gerjesztés és a extinkciós spektrum átfe-

désének függvényében vizsgáltam a térnövekményt izolált nanorúd, illetve nanorúd

mátrixok modellezésével egyaránt. Ehhez a kutatócsoportunk céljait �gyelembe véve

a nanostruktúrák létrehozási folyamatának fejlesztésében is részt vettem. Az ehhez

használatos berendezések mélyebb megismerése által jól alkalmazható robusztus fo-

lyamatot dolgoztunk ki a nanorészecskék elektronnyaláb litográ�ával (EBL) történ®

készítésére. A tapasztalatokból építkezve saját (FDTD modellszámítások segítségé-

vel készített) tervek alapján nanostruktúra mátrixok rajzolása, azok megírása EBL

segítségével, majd el®hívása és fémezése is a célok között volt.



3. fejezet

Kutatási módszerek

Ebben a fejezetben a numerikus modelleket illetve a programkódok m¶ködését mu-

tatom be. A kísérleteim kapcsán leírom a mintakészítéshez kidolgozott folyamatot,

kitérve a kísérleti berendezésekre és f®bb paraméterekre. Bemutatom a kísérleti

módszereket és mérési eljárásaimat egyaránt.

3.1. Dinamikai egyenletek és a Sturm bázis

A hidrogén-szer¶ atom és a küls® lézerimpulzus kölcsönhatását a következ® Hamilton-

operátorral adhatjuk meg:

H(t) = H0 + V (t), (3.1)

ahol H0 az atomi Hamilton operátort jelöli, amelyhez a szokásos atomi kötött ál-

lapotok tartoznak, ezeket az általánosan használt n, l és m számhármassal jelölöm.

Hosszmértéket és dipól-közelítést használva a lézer elektromos terével való kölcsön-

hatást

V (t) = −DE(t) (3.2)

egyenlet írja le. Itt D az atom (háromkomponens¶) dipólmomentum-operátorát

jelöli. A következ®kben felteszem, hogy a gerjeszt® tér az x − y síkban polarizált,

azaz Ez = 0. Elliptikusan polarizált gerjesztéshez

Ex = E0(t) cosωt cos θ), Ey = E0(t) sinωt sin θ (3.3)

alakú teret használok, ahol az E0(t) burkoló lassan változik a periódusid® által

meghatározott id®skálán, amelyet a központi frekvencia segítségével lehet de�ni-

42
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álni, azaz T = 2π/ω. A θ szög folyamatos átmenetet biztosít az x irányú lineáris

(θ = 0), cirkuláris (θ = π/4) és y irányú lineáris (θ = π/2) polarizációk között.

(Az ε ellipticitás, amely a polarizációs ellipszis kis- és nagytengelyének arányát adja

meg, [123, 124, 125] esetemben az ε = tan θ ha θ ∈ [0, π/4] illetve ε = cot θ ha

θ ∈ [π/4, π/2] összefüggés segítségével határozható meg.)

Nyilvánvaló, hogy a (4.17) egyenlet nem a lehet® legáltalánosabb kifejezés, de

egy gömbszimmetrikus kezdeti állapot esetén csak az ellipticitás mértéke a lényeges,

nem pedig a polarizációs ellipszis orientációja. A (4.17) egyenlet segítségével meg-

vizsgáltam a felharmonikus-keltés folyamatának ellipticitás függését - és a numerikus

megközelítésem pontossága is ellen®rizhet® az orientáció függetlenség monitorozásá-

val.

Bár a (3.2) egyenlet dipól közelítést használ, melyet hosszmértékben írtam fel.

Ez utóbbi tény a következ® eredmények szempontjából nem dönt® jelent®ség¶, mivel

a �gyelembe veend® kiválasztási szabályok mérték invariánsak. A dipólközelítés azt

jelenti, hogy �gyelmen kívül hagyjuk az elektromos tér térbeli függ®ségét és a mágne-

ses tér hatását, ez úgy foglalható össze, hogy egy olyan vektorpotenciált feltételezünk

[126], amelynek gyenge a térbeli függése a kölcsönhatás karakterisztikus hosszúságán.

Ez utóbbi azonosítása nem triviális a HHG folyamata során, például az atomból kike-

rül® elektron hullámcsomag terjedését is �gyelembe kell venni [126, 127]. Mindezeket

a szempontokat összegezve arra a következtetésre juthatunk, hogy a következ®kben

vizsgált paramétertartományra a dipólus közelítés ad pontos leírást a problémáról. A

látható illetve az infravörös tartományba es® gerjesztéseknél a hullámhosszak három

vagy négy nagyságrenddel nagyobbak, mint a Bohr-sugár, és a klasszikus elektron-

pályák is a mag közelében maradnak a hullámhosszhoz viszonyítva. Ennek ellenére

felhívom a �gyelmet, hogy számításaimban használt dipól-közelítés kiválasztási sza-

bályai eltérnek az általában gyenge kvadrupól átmenetek kiválasztási szabályaitól.

A következ®kben megoldom az id®függ® Schrödinger egyenletet a Hamilton ope-

rátor (3.1) alakjának felhasználásával. Ehhez a Sturm állapotokat használom bázis-

ként. A feladat gömbszimmetriája miatt érdemes gömbi-polár koordinátákat hasz-

nálni. Ezek segítségével az állapotoknak megfelel® hullámfüggvények a (1.51) képlet

alakúak [59, 60]. A Sturm függvények ortogonalitására igaz, hogy:

〈Sn,l,m|Sn′,l′,m′〉 =

∫
S∗n,l,m(r)

1

r
Sn′,l′,m′(r)d

3r

= δnn′δll′δmm′ . (3.4)
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A Sturm bázis segítségével a H0 és V (t) mátrixelemeit a fenti bels® szorzat felhasz-

nálásával kell kiértékelni. Például a D = er x komponenséhez szükségünk van a

következ® mátrixelemekre

Xn′l′m′

nlm = 〈Sn,l,m|X|Sn′,l′,m′〉 =

∫
S∗n,l,m(r)

x

r
Sn′,l′,m′(r)d

3r (3.5)

=

2π∫
0

π∫
0

∞∫
0

S∗n,l,m(r, ϑ, φ) sin θ cosφ× Sn′,l′,m′(r, ϑ, φ)r2 sinϑdrdϑdφ.

(Itt az alsó és a fels® indexek használata csak az olvashatóbb formulák miatt van,

továbbá e jelöli az elektron töltését beleértve az el®jelet is.) A numerikus számí-

tásokhoz használt Sturm-függvények száma, nyilvánvalóan véges. Az n = 1, 2 és

3, f® kvantumszámoknak megfelel® energia sajátállapotok id®fejlesztéséhez csak né-

hány Sturm állapotra van szükség. A következ®kben ezek az energia sajátállapotok

lesznek az id®fejlesztések kezd®állapotai is. A szimulációkban az els® 204 Sturm

függvényen számoltam, ami Sturm bázisfüggvények indexében n = 8-nak felel meg.

A numerikus számításoknál egy reális 800 nm-es központi hullámhosszt használtam.

Ellen®riztem a dinamika konvergenciáját a Sturm bázis méretének növelésével, egé-

szen addig, amíg az eredményekben nem volt érdemi változás.

3.2. Közelterek modellezése véges di�erencia mód-

szerrel

A másik nagy téma, amivel foglalkoztam, a nanostruktúrák térnövekményének vizs-

gálata. Ehhez a nanostruktúrák optikai válaszjelét (extinkcióját) és a térnövek-

ményét modelleztem. Ehhez a kereskedelmi forgalomban elérhet® Lumerical szoft-

vercsomagot használtam. A szimulációimat véges di�erencia módszerével végeztem

(�nite di�erence time-domain, FDTD). Az FDTD módszer egy numerikus technika,

amelyet elektrodinamikai modellezésre használnak. Mivel ez egy id®tartománybeli

módszer, az FDTD megoldások széles frekvenciatartományt képesek lefedni egyetlen

szimulációs futtatással, és a nemlineáris anyagtulajdonságokat természetes módon

kezelik. A módszerrel tulajdonképpen az id®függ® Maxwell-egyenletek (a parciális

di�erenciálegyenletek formájában) oldjuk meg diszkretizált tér- és id®beli pontok-

ban. A véges di�erencia módszer id®tartománybeli volta miatt sokkal alkalmasabb
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3.1. ábra. Az ITO réteg optikai tulajdonságai (törésmutató és extinkciós együttható)
ellipszometriai mérések alapján [128].

ultragyors plazmonikai jelenségek modellezésére, hiszen közvetlenül szolgáltatja a na-

noszinten lokalizált elektromágneses terek id®beli lefutását ellentétben a bevettebb

végeselemes módszerekkel (pl. COMSOL programcsomag). Ez utóbbi esetben a

lokális terek femtoszekundumos dinamikája csak bonyolult eljárással, a monokroma-

tikus gerjesztésre adott válaszokból lett volna kinyerhet®, így a modellezési munkám

során kizárólag az FDTD eljárást használtam.

A szimulációk során arany nanostruktúrákat vizsgáltam, amelyeket egy indium-

ónoxid (ITO) réteggel bevont kvarcüveg lapka tetején helyeztem el. A szubsztrát

törésmutatóját n = 1, 45-os értékkel állandónak vettem a modellezés során. Az ITO

optikai tulajdonságait és vastagságát ellipszometriai méréssel határoztam meg és a

modellt ehhez igazítottam (ld. 3.1 ábra) Az arany nanorészecskék optikai függvé-

nyeit a [129] munka adatsorával modelleztem. A gyorsabb és hatékonyabb futtatá-

sok érdekében egyetlen nanorészecskét és közvetlen környezetét vettem �gyelembe a

szimulációk során. Ahhoz, hogy a szomszédos illetve távolabbi részecskék hatását

le tudjam írni, a szimulációs térfogat határain periodikus peremfeltételeket írtam

el® a szubsztrát felületére mer®leges irányokban, ami egybeesett a nanorészecske-

hálózat tengelyeivel. Illetve abszorbeáló határfeltételt szabtam meg a szubsztráttal

párhuzamos irányban. A cella x és y irányú kiterjedését a nanorészecske mátrix

rácsperiódusának megfelel®en változtattam, a z irányban pedig 1000 nm-es méreten

tartottam. A szimulációk során az arany nanorészecskék csúcsait és éleit 20 nm-
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3.2. ábra. Numerikusan számolt térnövekmény értéke az elemi cella méretének függ-
vényében Λx = Λy = 500 nm-es nanostruktúra-hálózat esetén, ahol a nanorúd-
hálózatok rácsállandóit x és y irányban Λx-szel illetve Λy-nal jelöltem [128].

es görbületi sugárral lekerekítettnek vettem, amit az elektronmikroszkópos mérések

alapján állítottam be.

A gerjesztéshez egy lineárisan polarizált rövid lézerimpulzus id®beli alakját ál-

lítottam be, amelyet az ELI-ALPS intézetben m¶köd® HR lézerrendszer (Active

Fiber Systems GmbH) szélessávú spektrumából számítottam ki. A lézerimpulzus

9,5-fs hosszúságú és 1030 nm-es központi hullámhosszú. A szubsztrátra felülr®l me-

r®legesen bees® fényimpulzus amplitúdóját egységre állítottam. Az egyes nanorudak

maximális térnövekményének meghatározásához a csúcsok közelében felvett, a loka-

lizált plazmonok elektromágneses terének id®beli alakját használtam.

A szimulációs eredmények értelmezéséhez el kellett végezni egy numerikus konver

gencia-vizsgálatot a szimulációs térfogat cellaméretének változtatásával (lásd 3.2 áb-

ra). A térnövekmény értékek telít®d® növekedést mutatnak, ahogy a cella mérete

csökken, azaz a térbeli felbontás jobb lesz. A szimulációkhoz 0,7 nm-es cellaméretet

választottam a részecske közvetlen környezetében, t®le távolodva a leveg®ben terje-

déshez adaptívan növekv® cellaméretet alkalmaztam. Ez észszer¶ kompromisszum

volt a pontosság és a memória illetve id®igény között, mivel a méret további csök-

kentése 4% alatti különbséget eredményezett a térnövekmény értékében. A nanoob-

jektumok felülete nem tökéletesen sima. A SEM képek szerint az aranyszerkezetek

szemcsemérete 15 nm körül van (lásd a 3.3 a) ábrát). Ezt vizsgálták munkatársa-

im korábbi munkájukban [128], ahol hasonló modelljükbe 1 nm e�ektív érdességet

vezettek be 15 nm-es korrelációs hosszal. Megmutatták, hogy ekkora mérték¶ érdes-

https://www.eli-alps.hu/en/Users-1/HR1-HR2-Lasers
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ségnek elhanyagolható a hatása a szimulált extinkciós görbékre (3.3 b) ábra) [130].

3.3. ábra. a) A nanorészecskék érdességének modellezéséhez használt nanotéglák
SEM képe. b) A szimulált érdes nanotégla sematikus rajza. A fekete nyíl mutatja
a bees® lineárisan polarizált síkhullám haladási irányát, míg a polarizáció irányát
a szürke nyilak jelzik. A szürke terület a 40 nm-es indium-ón-oxid réteget, míg a
kék az ömlesztett kvarc hordozót jelöli. A piros keret határolta területet mutatja a
c) térnövekmény térkép. A térnövekmény maximuma a nanotégla csúcsai közelében
eléri a 34,5-es értéket, sima felület¶ nanotégla esetén ez az érték 31,7, ami 10% belüli
eltérést jelent [P2].

A nanorudak extinkciós spektrumát lineárisan polarizált teljes-tér szórt-tér

(TFSF) sík hullámforrás használatával modelleztem. Az elnyelt és a szórt telje-

sítményt a forrás régión belül és kívül kiszámolva meghatározható a részecskék ex-

tinkciós spektruma. A vizsgált mintákon a nanorészecskék mátrixban helyezkednek

el, ami tulajdonképpen egy periodikus rács, így az elektromágneses terük kölcsön-

hathat, amely közeltér vagy távoltér elektromágneses kölcsönhatása befolyásolhatja

a részecskemátrix plazmonikus tulajdonságait. Mintáim esetében a nanorészecskék

olyan rácsot alkotnak, ahol a részecske távolságok nagyobbak, mint amely lehet®vé

tenné a közeltér csatolást, de kölcsönhatásba léphetnek egyedi dipól tereik, módo-
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sítva a kollektív optikai válaszukat [131]. Emiatt a részecske hálózatokat egy olyan

síkhullámú forrással világítottam meg, amelynek jellemz®i megegyeztek a TFSF for-

rással, és az átvitt teljesítményt egy frekvenciatartományú térmonitor rögzítette 50

nm-rel a nanostruktúra felett. A távoltér szimulációkkal meghatározott extinkciós

görbéit kés®bb összehasonlítottam a mértekkel (4.15 b) és c) ábra).

3.3. Kísérleti módszerek

3.3.1. Plazmonikus nanostruktúrák el®állítása litográ�ával és

ionsugárral

Az alábbiakban röviden bemutatom a nanostrukturált minták készítéséhez használt

eljárást, mellyel nanométeres mérettartományban homogén mintázat állítható el®. A

nanostruktúrákat minden esetben egy hordozóra készítjük el. Ez a szubsztrát általá-

ban egy 12,5Ö12,5Ö0,5 nm méret¶ kvarcüveg lap, amely 35 nm vastagságú indium-

ónoxid (ITO) bevonatot kap. Ez a bevonat transzparens és az elektromos töltést is el

tudja vezetni a felületr®l az elektronnyalábbal történ® besugárzás közben. A kvarc-

üveg mellett egyik oldalán polírozott szilícium lapkát is szoktunk használni, illetve

az elkészül® aranyréteg vastagságának ellen®rzésére is ezt alkalmazzuk. A rétegvas-

tagság mérését ellipszometriával végezzük, melyhez a Semilab SE-2000 típusú, for-

gó kompenzátoros spektroszkópiai ellipszométert használjuk, melynek hullámhossz-

tartománya 245 nm-t®l 975 nm-ig terjed.

Az ITO bevonatú hordozó lapkára 30 perces plazma-tisztítás után, forgótárcsás

rétegképz® (spin-coating) eljárással egy nagy molekulasúlyú (600-950 kg/mól) poli-

mer, poli-metil-metakrilát (PMMA), réteget viszek fel. Ez tulajdonképpen a metakril

sav metil-észterének polimerizációjával készül. A munkám során a PMMA anizol-

ban illetve klór benzolban oldott 1-10% szárazanyag tartalmú oldatát használtam

egy Microtec Süss típusú forgótárcsás rétegképz® berendezésben. Az eljárás lényege,

hogy egy forgó tárcsára vákuum tappanccsal rögzítjük a kvarc hordozót, rácsepeg-

tetjük a PMMA oldatát és nagy fordulatszámon (1000-6000 1/s) nagyságrendileg 1

percig pörgetem. A kialakuló réteg vastagságát az oldat viszkozitása illetve a fordu-

latszám határozza meg. Ezen paraméterek optimális kombinációját minden kívánt

rétegvastagság-értékhez ki kellett tapasztalni. Az oldószer centrifugálás közben elpá-

rolog, így a polimer megszilárdul a hordozó felületén. A PMMA stabilizálása miatt
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150 °C-on ki kell f¶teni a bevont hordozót 3 percig. Jellemz®en 50-300 nm vastagságú

bevonatokat készítettem �gyelembe véve, hogy a kialakítandó arany nanorészecskék

vastagságának 2,5-3-szorosa legyen a bevonat vastagsága. Eleinte csak kétszeres vas-

tagságú bevonatot használtam, ami az arany részecskék és az eltávolítandó maszk

feletti aranyréteg összetapadását okozta. Ennek eredményeként a felesleges aranyat

nem, vagy csak részben sikerült eltávolítani.

Az írást egy RAITH e-LINE Plus elektronmikroszkóppal végezzük, amely alkal-

mas az elektronsugaras litográ�ára is (electron beam lithography, EBL). Az elektron-

mikroszkópos képalkotás (1,6 nm foltméret 20 keV gyorsítófeszültségnél) mellett, a

fókuszált elektronsugár nagy sebesség¶ (20 MHz pixelfrekvenciával) és pontos mozga-

tására is képes a beépített mintagenerátor segítségével, illetve képes az elektronsugár

gyors ki-be kapcsolására egy elektrosztatikus nyalábárnyékoló segítségével, amelyek

a minta homogén besugárzását teszik lehet®vé. A nyaláb energiája (20 eV - 30 keV)

és árama (5 pA - 20 nA) széles tartományban változtatható a különböz® litográ�-

ai feladatoknak megfelel®en. Például optikai rács is készíthet® 40 nm-es legkisebb

rácsállandóval.

A mikroszkóp szoftvercsomagjának segítségével könnyedén megtervezhet® bár-

milyen két dimenziós alakzat illetve ezek mátrixba rendezésével létrehozható egy

homogén mátrix ezen nanostruktúrákból. A nanostruktúrák méretét alulról korlá-

tozza az elektronnyaláb legkisebb 8 nm-es foltmérete vonalírásnál, ami különbözik a

képalkotásnál elérhet® 2 nm-es foltmérett®l.

A 3.4 ábrán látható lift-o� folyamata a következ®: A PMMA-t elektronnyaláb-

bal besugározzuk, berajzoljuk szó szerint a megtervezett mintázatot. A besugárzás

kémiai folyamatokat indít el az anyagban melynek hatására a hosszú polimerláncok

széttöredeznek, és kés®bb szelektív kioldási folyamattal eltávolíthatók. Így egy be-

maszkolt kvarc hordozót kapunk, amelyen megjelenik a kívánt minta negatívja. Erre

a felpárologtatunk 1 nm vastag króm adhéziós réteget majd erre a kívánt vastag-

ságban a megfelel® fém réteget esetünkben 40 nm vastagságú arany réteget. Ezáltal

a korábban besugárzott és kioldott felülettartományokban a fémezés közvetlenül a

kvarcfelületre tapad, míg a maszkolt részeken a PMMA tetejére.

A következ® lépésben acetonos fürd®ben ultrahangos tisztítóval leoldjuk a PMMA

réteget és ezzel a nem kívánt részeken az aranyréteget is. A folyamat végére kapunk

egy kvarclemezt a felületén arany plazmonikus nanostruktúra-hálózattal, melynek a

tipikus mérete 200 × 200 µm. Ekkora területre a kísérletek során 72400-160000 db

arany részecskét helyeztem el. A kísérletek során az elhelyezett egyedi nanorészecskék

https://www.raith.com/product/eline-plus/
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3.4. ábra. Az elektronsugaras litográ�a folyamata, az ún. lift-o� eljárás felületi
nanostruktúrák el®állítására.

méretei: 310 nm-es hossz, 120 nm-es szélesség és 40 nm-es magasság a hordozó felett.

(A méreteket a fent említett RAITH pásztázó elektronmikroszkóppal mértem.) Itt

jegyem meg, hogy a mintatartó asztal mozgatásával akár 100 × 100 mm terület is

megírható, a kis négyzetek összeillesztésével, azonban ekkora területek írása a nagy

részecskeszám miatt túl hosszú id®t venne igénybe.

Az els® kísérletek során probléma volt az arany részecskéken maradó nem kívánt

perem, amit egy vékony szoknyaszer¶ arany�lmként kell elképzelni a nanorészecskék

fels® kontúrján, ahogy az a 3.5 és a 3.6 ábrákon látható. A közelmúltban sikerült

elhárítani ezt a jelenséget, err®l található fénykép a 3.7 ábrán. Kiderült, hogy a

peremesedés a fém felpárologtatása közben keletkezett a forrás és a minta közti nagy

távolság, illetve a nem elegend®en nagy vákuum miatt. A fémg®z atomjainak egyenes

vonalban kellett volna a hordozóra eljutni, de a sok ütközés miatt mer®leges sebes-

ségkomponenst is szereztek, ezért a maszk oldalára is eljutott annyi arany, amely

már összefügg® rétegként összetapadt a nanorészecskékkel.

Kutatóintézetünkben rendelkezésre áll továbbá egy Scios 2 HiVac elektronmik-

roszkóp is, amely fel van szerelve egy fókuszált ionsugaras (Ga-FIB) eszközzel. Ennek

f®bb paraméterei:

� pásztázási sebességtartomány: minimum 25 ns/pixel - 10 ms/pixel, drift kor-

rekció lehet®sége mind SEM, mind FIB üzemmódban.

� gallium ion ágyú (0,5 keV - 30 keV melynek maximális sugárárama legalább 65
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3.5. ábra. A nanostruktúrák nem kívánt peremesedése, amely miatt plazmonikus
nanorészecskék el®állításához kompakt vákuumpárologtatót célszer¶ használni.

nA)

� FIB-képen elérhet® térbeli felbontás 3,0 nm

� mintakamra rendelkezik integrált plazma-tisztítóval

� minimálisan x = y = 100 mm; z = 50 mm motorizált mozgatást lehet®vé

tev® eucentrikus mintaasztal (Ez annyit jelent, hogy ha ráfókuszálunk egy pontra a

mintatartón, akkor forgatás/döntés után is az marad a látótér közepén. Tehát nem

csak �x tengelyek mentén tud forogni.)

� öttengely¶, motorizált mintamozgatással, -4°-70° közti döntést és 0°-360° közti

forgatást biztosítva legalább 12 mm x 12 mm-es, illetve annál nagyobb mintákra.

Ezen készülék segítségével is el®állíthatók nanostruktúrák, egyrészt ionsugaras

direktírással (tkp. marási eljárással, FIB), a Ga forrás által meghatározott kb. 25

nm-es felbontással. Azonban ez a berendezés felhasználható plazmonikus részecskék

írására is (amire a legegyszer¶bb direktírásos eljárás nem igazán alkalmas), az ún.

rajzolásos-lefejtéses (angol szakirodalomban sketch and peel) eljárással. A módszer

itt annyiban tér el, hogy a kvarc lemezre az aranyat adhéziós réteg nélkül közvetlenül

párologtatjuk fel. A galliumforrásból származó ionnyalábbal itt csak a - fentiekben

leírtakhoz hasonlóan megtervezett � nanostruktúrák körvonalait sugározzuk be, ezzel

körbevágva a kívánt nanostruktúrákat, kialakítva azok kontúrjait. Az így el®készített
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arany�lmet egy ragasztószalag segítségével eltávolítjuk a kvarc hordozóról. A nagy

aranyfelület az adhéziós réteg hiánya miatt egyben eltávolítható, viszont a rendezett

struktúrát alkotó nanorészecskék fent maradnak a kvarcüveg hordozón.

3.6. ábra. A nanostruktúrák pereme körül található arany �lm.
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3.7. ábra. Megfelel®en beállított fémez®vel készült nanostruktúrák perem nélkül.

3.3.2. A minták plazmonikus tulajdonságainak spektroszkópiai

jellemzése

A nanostruktúra-hálózatok extinkciós tulajdonságainak vizsgálatát egy Zeiss Axio

Imager.z2m fénymikroszkóp segítségével mértem transzmissziós üzemmódban. (A

nanostruktúra hálózatokról látható mikroszkóppal készített képek a 3.8 és 3.9 áb-

rákon.) Az áthaladó fényt egy beépített volfrám-halogénlámpa biztosítja, amelynek

spektruma megközelít®leg egy 3080 °K-es feketetest sugárzásának felel meg. A meg-

felel® polarizációjú fény el®állításához a lámpa fényét polarizátoron, illetve cirkulá-
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risan poláros fény esetében még egy λ/4-es lemezen átengedve kapjuk meg. Lineáris

polarizáció esetén a nanorudak hossztengelyével párhuzamosan állítottam be a po-

larizáció irányát.

A mikroszkópba beépített blende segítségével elérhet®, hogy csak az el®állított

200 µm-es nanostruktúra-hálózat legyen kivilágítva, illetve a referencia pont méré-

sekor a közvetlenül mellette lév® �üres� kvarclemez. A mintán áthaladó fényt egy

10-szeres nagyítású objektíven keresztül (melynek numerikus apertúrája 0,25) be-

csatoltam egy optikai szálba, mely azt a spektrométerbe vezeti. Méréseimnél két kü-

lönböz® spektrométert használtam a mérend® hullámhossztartománytól függ®en. A

látható hullámhossztartomány közelében az Avantes AvaSpec-ULS3648-USB-2 típu-

sú, Si-alapú spektrométert, amely 490-1030 nm hullámhossztartományban m¶ködik.

Az infravörös tartományban pedig a Rgb Photonics gyártmányú Q-red spektromé-

tert, amely a 880-1730 nm-es hullámhossztartományon mér. Természetesen az optikai

elemeket is a mérend® hullámhossztartománynak megfelel®en kellett kiválasztani. A

mért extinkciós görbék tulajdonságait (maximum hely és félérték szélességek) a 3.1

táblázat mutatja.

3.8. ábra. Kilenc nanostruktúra-hálózat képe fehér fénnyel kivilágítva. Az eltér®
mez®tulajdonságok a fehér-fény¶ kivilágítás során el®álló eltér® színekben is láthatók.
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3.9. ábra. Egy, a mérés során használt nanostruktúra-hálózat optikai mikroszkópos
képe, fehér fénnyel kivilágítva.



4. fejezet

Eredmények

Ebben a fejezetben bemutatom elméleti munkám során elért eredményeimet, majd

a plazmonikus nanostruktúrákkal végzett kutatásaim eredményeit.

4.1. Magasrend¶ felharmonikus-keltés modellezése

Sturm bázis és Floquet módszer ötvözésével

A nagy intenzitású optikai gerjesztés központi frekvenciájához tartozó magasrend¶

harmonikusok el®állítására irányuló rendkívül nemlineáris folyamatot már észlelték

különböz® �zikai rendszerek céltárgyként történ® felhasználásával [5, 132, 133, 134,

14]. A jelenség szerepe a mögöttes er®s térbeli mechanizmusok megértésének elmé-

lyítésén túl a lézertechnikában is alapvet®: az elektromágneses sugárzás rövid (akár

attoszekundumos tartományú) impulzusainak megjelenése a harmonikusok megfelel®

fázisú összegzésén alapul [2, 12].

A jelenség vizsgálatát a (3.1) Hamilton operátor segítségével felírt id®függ®

Schrödinger-egyenlettel kezdem, amely a küls® térbe helyezett atomot írja le:

i~
d

dt
|ψ〉(t) = [H0 + V (t)]|ψ〉(t), (4.1)

ahol H0 a szabadon álló atom Hamilton operátorának felel meg (kinetikus rész plusz

a Coulomb-potenciál). A lineárisan polarizált, monokromatikus E küls® lézertérrel

való kölcsönhatást

V (t) = DE0 cos(ωt) (4.2)

57
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adja meg, ahol D a dipólmomentum operátor E0 a térer®sség vektor, melyet párhu-

zamosnak veszünk az x tengellyel.

A (4.1) egyenletben szerepl® Hamilton operátor id®ben periodikus (T = 2π/ω),

ezért 1.3 szakaszban b®vebben kifejtettek alapján létezik Floquet állapotok végtelen

halmaza

|φk〉(t) = eiεkt|uk〉(t), (4.3)

ahol |uk〉(t+T ) = |uk〉(t) igaz minden k esetén, ez fontos szerepet játszik a probléma
elméleti leírásában.

Pontosabban, mivel a |φk〉, k = 0, 1, 2, . . . állapotok teljes bázist alkotnak minden

t id®pillanatban, ezért egy

|ψ〉(0) =
∑
k

ck|φk〉(0) =
∑
k

ck|uk〉(0) (4.4)

tetsz®leges, ismert kezd® állapot esetén, annak id®fejl®dése kiszámítható a

|ψ〉(t) =
∑
k

ck|φk〉(t) =
∑
k

cke
iεkt|uk〉(t) (4.5)

alakban. Vagyis miután meghatároztam az εk Floquet kvázienergiákat és a megfelel®

id®ben periodikus |uk〉(t) állapotokat, bármely kezdeti állapot dinamikáját ki tudom
számolni. Gyakorlatilag εk és |uk〉(t) megadható a valós térben vett ortogonális függ-
vények segítségével (mint például a szokásos hidrogénatom sajátállapotok, |n, l,m〉)
�gyelembe véve az eikωt Fourier-függvényeket, mint periodikus bázist az id®tarto-

mányban (ahol k egész szám). Gömbi polárkoordináták segítségével írhatjuk, hogy:

|n, l,m; k〉(r, t) = |n, l,m〉(r)eikωt = 2l+1e
− r
a0n

(
r

a0n

)l
×

√
(−l + n− 1)!

a3
0n

4(l + n)!
L2l+1
−l+n−1

(
2r

a0n

)
Ym
l (θ, φ)eikωt, (4.6)

ahol L az asszociált Laguerre-polinomokat, Y pedig a gömbfüggvényeket jelöli. Az

egyszer¶ség kedvéért az (r, t) argumentumot nem írom ki a következ®kben, hacsak

nem elengedhetetlen. A fenti állapotok ortogonálisak a (1.39) és (1.41) bels® szorzat

szerint, azaz 〈n, l,m; k|n′, l′,m′; k′〉 = δnn′δll′δmm′δkk′ . A (4.3) egyenlet segítségével a
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Floquet állapotok a következ® formában kereshet®k:

|φk〉 (t) = exp(iεkt)
∑
nlmk

cknlm|n, l,m; k〉(t). (4.7)

Ezt visszahelyettesítve az id®függ® Schrödinger-egyenletbe (4.1), és megszorozva az

eredményt balról a 〈n′, l′,m′; k′|-val, kapjuk;

εk′c
k′

n′l′m′ =
∑
nlm

cknlm〈n′, l′,m′; k|H|n, l,m; k〉+ kωδnn′δll′δmm′δkk′ . (4.8)

A (n, l,m, k) diszkrét index négyest a továbbiakban egyetlen egész j változóval he-

lyettesítve és használva a H̃jj′ = 〈n′, l′,m′; k|H|n, l,m; k〉+kωδnn′δll′δmm′δkk′ jelölést,
a (4.8) egyenlet a (1.47) sajátérték-egyenlet formáját ölti, egészen pontosan

εjcj =
∑
j′

cj′〈j|H̃|j′〉. (4.9)

Mivel itt j megfelel az (n, l,m, k) indexeknek cj jelentése cnlmk és εj jelöli εk-t. A fenti

operátor mátrixelemei meghatározhatók a H(t) Hamilton operátor koordináta repre-

zentációja segítségével, ahogy az |n, l,m; k〉 állapotok is a (4.6) egyenlet segítségével.
Világos, hogy

〈n′, l′,m′; k′|H0|n, l,m; k〉 =
E0

n2
δnn′δll′δmm′δkk′ , (4.10)

ahol E0 = −1Ry ≈ −13, 6eV hidrogénatom esetén. A kölcsönhatást leíró V (t) expli-

cit módon függ az id®t®l, következésképpen nem lesz diagonális az id®höz kapcsolódó

utolsó indexben:

DE0 cos(ωt)|n, l,m; k〉 =
E0

2
D(eiωt + e−iωt)|n, l,m; k〉 (4.11)

=
E0

2
D [|n, l,m; k + 1〉+ |n, l,m; k − 1〉] ,

ahol D a D operátor x irányú komponensét jelöli. A Vjj′ térbeli részét a dipólmo-

mentum mátrixelemek határozzák meg. A (4.10) és (4.11) egyenletek felhasználásá-

val megkonstruáltam a (4.9) sajátérték egyenletben szerepl® H̃ végtelen mátrixát a

(1.50) alakban.
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4.1. ábra. Egy numerikus számítási eredményekkel feltöltött Floquet Hamilton mát-
rix gra�kus megjelenítése.

A gyakorlatban a számításokhoz - mint minden numerikus modellben - valahol el

kell vágni ezt a végtelen mátrixot úgy, hogy egy elegend®en nagy, de szükségszer¶en

véges részét használjuk, ez látható a 4.1 ábrán. A csonkolás méretét a kezdeti álla-

pot és a lézer-atom kölcsönhatás er®ssége alapján határoztam meg. A kölcsönhatás

er®sségét a lézer E0 térer®ssége jellemzi. A �statikus� |n, l,m〉 = |n, l,m; k = 0〉
sajátfüggvényeket mindenképp �gyelembe kell venni. Ezenfelül az E0 térer®sség ha-

tározza meg a �gyelembe vett k nem nulla érték¶ sajátfüggvények számát, amelyek

közvetlenül kapcsolódnak a magas harmonikusokhoz. Továbbá ezek fontos szerepet

játszanak az állapot id®fejl®désében. Például egy gyenge gerjesztéshez a lineáris

válasznak megfelel® k = ±1 elegend®. Kísérleti szempontból azok a |ψ〉(0) kezd®-

állapotok preparálhatók a legkönnyebben, melyek a hidrogénszer¶ |n, l,m〉 kötött



4. FEJEZET. EREDMÉNYEK 61

állapotok vagy ezek dipólcsatolt szuperpozíciója. Mivel általában az n → n′ < n

lefelé történ® átmenetek nem zárhatók ki, az |n = 1, l = 0,m = 0〉 alapállapotot
mindig �gyelembe kell venni. Alapvet®en minél nagyobb az n kezdeti értéke, an-

nál több elem¶nek kell lennie a numerikus számításokhoz szükséges véges bázisnak.

Ezzel együtt a numerikus számítási igény is n®. Figyelembe kell vennünk, hogy

az |n, l,m〉, hidrogénszer¶ kötött állapotok, amelyek ortogonálisak a kontinuumban

lév® pozitív energiás állapotokra, nem alkotnak teljes bázist. Ezenkívül a gázmintá-

ban lezajló felharmonikus-keltés folyamatának szokásos képe (három-lépéses modell),

alapján a kontinuumhoz tartozó, pozitív energiás állapotok szerepe jelent®s. Ezért,

a probléma megfelel® leírása érdekében, a bázisfüggvények egy másik halmazát kell

használnom. Ilyenek a Sturm állapotok [59], amelyek koordináta-reprezentációja a

következ® alakú:

|Sαn,l,m〉(r, θ, φ) =
α3/22l+1e−αr

(2l + 1)!

√
(l + n)!

n(−l + n− 1)!
(4.12)

× (αr)l1F1(l − n+ 1; 2l + 2; 2αr)Ym
l (θ, φ).

Ezek bázist alkotnak a normálható állapotok terében az α minden értékére (számítá-

saimban α = 1 értéket használtam [60] alapján), így optimális választást jelentenek

egy olyan normatartó dinamikához, amely magában foglalja a kontinuumot is. Az

|n, l,m; k〉 állapotok analógját kapjuk, ha az |Sαn,l,m〉-t eikωt-vel szorozzuk, amely al-

kalmas a felharmonikus-keltés folyamatának leírására. A fentiekben |n, l,m; k〉-val
leírt eljárást megismételtem a |Sαn,l,m〉eikωt függvényekkel is. Azonban �gyelembe vet-
tem a Sturm függvények esetében egy 1/r normálási faktort [59, 60], így az (1.41)

egyenletben a bels®szorzatot a következ®

˜〈ϕ1|ϕ2〉 =

∫
dt

∫
1

r
d3rϕ∗1(r, t)ϕ2(r, t) (4.13)

formában használtam, továbbá a H0 és V (t) mátrix elemeit is ezen bels®szorzat

alkalmazásával számoltam ki.

Következ®kben elemzem az általam használt módszer numerikus hatékonyságát.

A Floquet módszer nagyon kényelmes a rendszer állapotának leírásához, mind a

t = 0-ban, mind pedig az id®fejl®dés során. A (4.9) sajátérték-egyenletet csak egy-

szer kell megoldani a csonkolt altéren belül, hogy megkapjuk a különböz® kiindulási

állapotok id®fejl®dését. A szokásos hidrogén sajátállapotok (amelyeket kezd®állapot-
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ként tekintettem) kifejtéséhez nagyon korlátozott számú Sturm függvény szükséges,

mivel n = 1 vagy 2 esetén 〈n, l,m|Sα|n′, l,m〉 az n' > 2 tagok elhanyagolhatók. Az

id®fejl®dés számolása során, a munkámban alkalmazott intenzitás esetén, az ered-

mények 100-nál kevesebb Sturm függvényb®l álló bázis esetén már konvergensnek

bizonyultak a konvergencia vizsgálat alapján. Ez meger®síti azt a tényt, hogy a

Sturm bázis �gyelemreméltóan illeszkedik a HHG problémakör vizsgálatához.

Az id®függés leírásához a periodikus eikωt függvények közül 80 különböz® k értéket

elegend® volt �gyelembe venni. A (4.9) egyenletre nézve, ez egy N ×N ritka mátrix

diagonalizálását jelenti, ahol N értéke valamivel 10 000 alatt van. Ezt összehason-

lítva például a közvetlen térbeli diszkretizálással, hasonló küls® térer®sség mellett

néhányszor 1000 pont szükséges minden releváns irányban ahhoz, hogy megbízható

eredményt kapjunk lásd pl. [135]. Lineárisan polarizált küls® tér esetén, amikor

a probléma lényegében kétdimenziós, ez több mint 106 rácspontot jelent. A gömbi

harmonikus szorzótényez®k �gyelembevétele esetén a szükséges rácspontok számát

szorozni kell a szükséges gömbi harmonikusok számával, ami szintén közel van a

106-hoz [136].

A különböz® numerikus módszerek hatékonyságának összehasonlítása kapcsán

megjegyzem, hogy az id®függ® Schrödinger-egyenlet megoldásának numerikus költ-

sége egy adott véges bázisra függ az id®intervallumtól, amelyben szeretnénk kiszá-

molni a megoldást. Rövid, néhány ciklusú impulzusok hatékonyan számolhatók.

Ez azonban éppen olyan rendszer, ahol a Floquet módszer nem alkalmazható egy-

általán, mivel az periodikus gerjesztést feltételez. Másrészr®l hosszú, sok ciklusú

impulzusokra, melyekre a Floquet módszer biztosít megfelel® közelítést, a TDSE nu-

merikus megoldása nehézzé válik. Vagyis a gerjeszt® impulzus id®tartamától függ®en

a TDSE-alapú és a Sturm � Floquet módszerek kiegészítik egymást: az els® meg-

közelítés el®nyösebb néhány ciklusú lézerimpulzusoknál, míg az általam kidolgozott

módszer alkalmasabb sok ciklusú vagy folytonos gerjesztés esetén.
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4.2. Függés a kezd®állapottól

A módszer els® alkalmazásaként kiszámolom a különböz® lézerparaméterekhez tarto-

zó felharmonikus spektrumokat. Ezután behatóan tanulmányozom különböz® kezde-

ti állapotból indított atomok, és az alacsony energiás szuperpozíciós állapotok [136]

spektrumait.

Bár a HHG dinamikáját jól leírják a (4.12) egyenletben szerepl® Sturm állapotok,

a (4.4) egyenletben leírt kezd®állapotok hagyományosan energia sajátállapotok vagy

ezek dipólcsatolt szuperpozíciói. Ezeket legkönnyebben hosszú, (majdnem) rezonáns

impulzusok segítségével lehet preparálni.

4.2. ábra. Felharmonikus spektrumok különböz® |n, l,m〉 kezdeti állapotok esetén.
A kvantumszámokat a jelmagyarázat tartalmazza. A gerjesztés monokromatikus,
E0 = 0, 1 atomi egység, és ω = 0, 057 atomi egység (amely λ = 800 nm-nek felel
meg) [P1].

Vizsgálataimat a

|ψ〉(0) = cos β|n = 1, l = 0,m = 0〉+ eiδ sin β|n′ = 2, l′ = 1,m′〉 (4.14)

kezd®állapottal végeztem, ahol m′ = 0,±1. Látható, hogy a β = 0 (π/2) esetén

tiszta energia sajátállapotról beszélhetünk. Ellenben, ha a β értéke ett®l eltér®,

akkor az alapállapotnak és egy gerjesztett állapotnak a szuperpozíciójáról beszél-

hetünk δ kvantummechanikai fázissal. Ezen kívül, amikor m′ = 0 a kiválasztási
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4.3. ábra. HHG spektrumok β különböz® értékeire a cos β|n = 1, l = 0,m = 0〉 +
sin β|n′ = 2, l′ = 1,m′ = −1〉 alakú szuperpozíciók esetén. A gerjeszt® küls® tér
paraméterei megegyeznek az 4.2 ábráéval [P1].

szabályok alapján az x irányban polarizált küls® tér nem indukál dipól átmenetet a

kiinduló szuperpozíciót alkotó állapotok között, míg m′ = ±1 esetén ezek dipólcsa-

toltak. A (4.14) egyenletben szerepl® szuperpozíciót egy z tengely mentén polarizált

impulzussal a legkönnyebb preparálni. El®ször megvizsgálom azt az esetet, amikor

szuperpozíció helyett egyetlen energia sajátállapotunk van t = 0-ban. Az 4.2 ábrán a

|ψ〉(0)intenzitásspektrumai láthatók három különböz® atomi energia sajátállapotból

|n = 1, l = 0,m = 0〉, |n = 2, l = 1,m = 0〉 és |n = 2, l = 1,m = −1〉 indítva. Idéz-
zük fel, hogy az Ec levágási (cut-o�) energia megbecsülhet® a következ® összefüggés

segítségével: Ec = Ip + 3.17 Up, ahol Up a ponderomotoros er®, amely (1.4) kifeje-

zésével adható meg. Ip az ionizációs potenciál az (|ψ〉(0) = |1, 0, 0〉) alapállapotból.
Általánosításként mondhatjuk azt, hogy gerjesztett állapotok esetén Ip lecserélen-

d® Ĩp-re, ez jelölje azt az energiakülönbséget, amely a kezd®állapot és a kontinuum

határa közt van. Pontosan ez az amit láthatunk a 4.2 ábrán a |ψ〉(0) = |2, 1, 0〉
görbén.

Azonban |ψ〉(0) = |2, 1,−1〉 esetén nem látszik a cut-o� frekvencia jelent®s csök-

kenése. A |2, 1,−1〉 állapot esetén azért nem látjuk a cut-o� eltolódását a kisebb

frekvenciák irányába, mert ez az állapot az alapállapottal dipólcsatolt, így az id®-

fejl®dés során a |1, 0, 0〉 állapot is populálódik. Valójában, mivel egy �lefelé� tör-
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4.4. ábra. HHG spektrumok β különböz® értékeire a cos β|n = 1, l = 0,m = 0〉 +
sin β|n′ = 2, l′ = 1,m′ = 0〉 alakú szuperpozíciók esetén, ahol δ = 0. A gerjeszt®
küls® tér paraméterei megegyeznek a 4.2 ábráéval [P1].

tén® átmenet az alapállapotba megengedett dipólátmenet, az Ĩp értékét nem lehet

egyértelm¶en meghatározni, mivel a dinamika különféle energia sajátállapotokat po-

pulál, de ezek között az alapállapotnak van a legkisebb energiája. Ez nem így van

|ψ〉(0) = |2, 1, 0〉 esetén, mivel innét nincs megengedett dipólátmenet az alapállapot-
ba és Ĩp = Ip/2

2(≈ 13.6eV/4 hidrogén esetén). Ehhez hasonlóan a felharmonikus-

keltés hatékonyságának az atomi polarizációtól való függését kimutatták hélium ese-

tén is, lásd [137].

A 4.2 ábra azt mutatja, hogy modellünk reprodukálja az atomi HHG spektru-

mok legfontosabb jellemz®it. Ezért továbbléphetünk arra az esetre, amikor a kezdeti

állapot egy, a (4.14) egyenletnek megfelel® szuperpozíció, ahol β nullától és π/2-t®l

eltér® érték¶. A 4.3 és 4.4 ábrákon különböz® szuperpozíciók esetén számolt HHG

spektrumokat mutatok be, ezeknél a (4.14) egyenletben szerepl® δ értéke nulla. A

4.3 ábrán szerepl® szuperpozíciót alkotó állapotok dipólcsatoltak, ellentétben a 4.4

ábrával, ahol 〈1, 0, 0|D|2, 1, 0〉 = 0. Az ábrák közötti különbség egyértelm¶: a 4.4

ábra esetében a kiinduló atomi koherencia hatása sokkal er®sebb. Ahogy azt fentebb

elemeztem a |ψ〉(0) = |2, 1,−1〉 kezd®állapotot a dinamika elkerülhetetlenül össze-

kapcsolja az |1, 0, 0〉 alapállapottal. Ezen két állapotból képzett szuperpozícióból
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indítva a rendszert, az id®fejl®dés várhatóan nem függ er®sen az állapotok kezdeti

súlyától, mert az id®fejl®dés során keverednek ezek az állapotok.

Amikor a kezd® szuperpozíciót alkotó energia sajátállapotok nem dipólcsatoltak,

akkor a dinamikájuk különálló �energialétrákat� követ a kontinuumig és vissza. Ez

a függetlenség vezet a dupla cut-o� struktúrához, amely a 4.4 ábrán látható, ahol

a két |1, 0, 0〉 és |2, 1, 0〉 állapotok levágásai elkülönülnek, ha a dinamikát ezen ál-

lapotok szuperpozíciójából indítjuk. Megjegyzem, hogy a |2, 1, 0〉-nek dominánsnak

kell lennie annak érdekében, hogy lássuk ezt a szerkezetet, mivel ha |1, 0, 0〉 súlya
túl nagy, akkor meg�gyelhet® jelet produkál a két levágás közti régióban, ezáltal a

lépcs®s struktúra elmosódik a spektrumban, f®ként logaritmikus skálán. Hasonló

kett®s cut-o� szerkezetet sikerült kimutatni egy másfajta numerikus módszer segít-

ségével a [138] munkában. Bár a szuperpozíciót alkotó |1, 0, 0〉 és |2, 1, 0〉 állapotok
lényegében két független állapotként fejl®dnek, a (4.14) egyenletben β paraméterrel

meghatározott súlyuk meg�gyelhet® különbséget eredményez a spektrumokban.

4.3. Fázisfüggés

Ebben a szakaszban megmutatom, hogy az atomi koherencia er®sen befolyásolja a

HHG jeleket, és hogy ez a hatás felhasználható az attoszekundumos impulzus el®-

állítás optimalizálására. A kvantummechanikai koherencia talán legérdekesebb jele,

hogy a dinamika általában függ a δ relatív fázistól, amely ugyancsak a (4.14) egyen-

letben szerepel. Az |1, 0, 0〉 és |2, 1, 0〉 állapotok szuperpozíciója esetében érdekes

módon sem a spektrumban, sem a dipólmomentum várható értékének az id®fejl®-

désében nem látható a δ kvantummechanikai fázistól való függés. Ennek megértése

érdekében idézzük fel, hogy e szuperpozíciók alkotóelemei független dinamikát kö-

vetnek, és a köztük lév® dipólus mátrixelem mindig elt¶nik. Ezért mind az |1, 0, 0〉
és a |2, 1, 0〉 állapotok egymástól függetlenül hozzák létre a HHG jelüket. Bár az eiδ

kifejezés a (4.14) egyenletben csak a |2, 1, 0〉 tagot szorozza, egy globális fázisfaktor

szerepét tölti be. Szimulációim során pontosan ezt tapasztaltam.

Dipólcsatolt állapotok szuperpozíciója esetén a helyzet más. Például a

〈1, 0, 0|D|2, 1,−1〉 mátrixelem nem nulla, ennek a dipólmomentum várható értékét

mutatom ugyanazon β értéknél, de más-más δ fázisok esetén a 4.5 ábrán. Mint

láthatjuk, a különbség a szuperpozíciót alkotó két állapot közti el®jel (+ illetve −,
az ábrán δ = 0 illetve π) meghatározó szerepet játszik a rendszer id®beli válaszje-
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4.5. ábra. A HHG jel id®függése cos β|n = 1, l = 0,m = 0〉+sin β|n′ = 2, l′ = 1,m′ =
−1〉 alakú szuperpozíciók esetén ahol β = π/4, δ pedig a jelmagyarázatnak megfelel®
érték¶. A gerjeszt® küls® tér paraméterei megegyeznek az 4.2 ábráéval [P1].

lének alakulásában. Általában a csúcsok pozíciója, nagysága, valamint a szélessége

szabályozható δ értékével, amely kísérletileg igazolható.

4.4. Polarizációfüggés

A magasrend¶ harmonikusok optikai el®állításáról ismert, hogy er®sen polarizáció

függ®. A lineárisan polarizált gerjesztéssel ellentétben a cirkulárisan polarizált fény

gyakorlatilag nem indukál felharmonikusokat. Hidrogénszer¶ atom gerjesztése ese-

tén, a bevezet®ben ismertetett �zikai kép magyarázza a hatást. Cirkuláris polarizáció

esetén a fotoionizált elektronok soha nem térnek vissza a szül®atommagjukhoz és a

tér által megnövelt energiájuk nem felharmonikus sugárzásra fordítódik. Ez lénye-

gében egy olyan kép, amely a valódi, háromdimenziós térbeli elektrontrajektóriákon

(vagy hullámfüggvényeken) alapul. Itt egy alternatív leírást adok, amely a diszkrét

Sturm bázist használja, és rámutatok arra, hogy a kvantummechanikai interferencia

jelenségek és a kiválasztási szabályok miként magyarázhatják a folyamat polarizáció

függését. Ez hangsúlyozza a tér-id® szimmetriák fontosságát a magasrend¶ harmo-

nikus keltés során.
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Miután kifejtettem a Hamilton operátor (3.1) mátrixelemeit a Sturm bázisban,

kiszámítható a küls® mez®k által generált id®fejl®dés. Ehhez 2 ∗ 1013W/cm2 csúcs-

intenzitású gerjesztést használtam. Ez azt jelenti, hogy meghatároztam az |Ψ〉(t) =∑
cnlm(t)|Sn,l,m〉 id®függ® kifejtési együtthatóit, ahol a kezdeti állapot az egyik

|n, l,m〉 sajátállapot. Az állapotfüggvény ezen formáját behelyettesítve az id®függ®

Schrödinger-egyenletbe a következ® alakot kaptam:

i~
d

dt
cnlm(t) =

∑
n′,l′,m′

Hn′l′m′

nlm (t)cn′l′m′(t). (4.15)

A gerjeszt® tér viv® burkolóját:

E0(t) = sin2 πt

τ
(4.16)

alakúnak választottam a T ∈ [0, τ ] intervallumon, és 0-nak azon kívül. Annak érde-

kében, hogy er®s, jól meghatározott felharmonikus csúcsokat kapjak a spektrumban,

sok ciklusú impulzusokat használtam, ami azt jelenti, hogy τ � 2π/ω = T.

Amint az várható, amikor az atom kezd®állapota a gömbszimmetrikus alapál-

lapot, a dipólmomentum-operátorok id®fejl®dése és következésképpen az intenzitás-

spektruma is szimmetrikus. Azaz egy adott ellipticitás esetén, ezek a spektrumok

függetlenek a polarizációs ellipszis orientációjától. (Degenerált esetben is: az x és

y irányú polarizáció azonos spektrumhoz vezet.) A 〈Dx〉(t) egy adott θ esetén, az

(3.3) egyenlet alapján, számszer¶en megegyezik a 〈Dy〉(t) θ′ = π/4 − θ-beli érté-

kével, ami a polarizációs ellipszis azonos ellipticitásának, de eltér® orientációjának

felel meg. Ezért elegend® például a 〈Dy〉(t)-t a θ ∈ [π/4, π/2] intervallumon vizs-

gálni. A gerjeszt® tér lineárisról elliptikusra, végül cirkulárisan polarizáltra történ®

megváltoztatása a felharmonikus csúcsok fokozatos elt¶néséhez vezet az atom által

kibocsátott másodlagos sugárzás intenzitásspektrumában (4.6 ábrán lentr®l felfelé

haladva). Mindezek az eredmények összhangban vannak a várakozásokkal, valamint

az ismert kísérleti eredményekkel, és így meger®sítik ennek a modellnek az érvényes-

ségét.

Az 4.6 ábra a gerjeszt® tér egyetlen amplitúdójának E0 = 0, 025 [atomi egység]

felel meg, de számításokat végeztem az E0 különböz® értékeire egészen 0,01 atomi

egységt®l 0,07 atomi egységig. A 4.7 ábrán a 9. felharmonikus csúcs magasságát

mutatom be lineárisan és cirkulárisan polarizált gerjesztésekre egyaránt a fenti tér-

er®sségekre.
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4.6. ábra. 〈Dy〉(t) komponens intenzitásspektrumai a (4.17) egyenletben szerepl® θ
különböz® értékeire. A futtatásoknál használt térer®sség: E0 = 0, 025 [atomi egység],
a viv®burkoló és a periódusid® hosszának aránya: τ/T = 50. Az ellipticitás egyt®l
nulláig változik az a) ábrától az e) fele haladva [P3].
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Amint látható, a felharmonikus csúcs mindig gyengébb cirkulárisan polarizált ger-

jesztésnél, mint lineáris esetben. Valójában bár az el®bbi is növekszik a térer®sség

növelésével, gyakorlatilag a numerikus zaj szintjén marad. Ezzel szemben lineárisan

polarizált gerjesztés esetén a felharmonikus jel növekedése szembet¶n®, és a többfo-

tonos illetve az alagút ionizációs rezsim közötti különbség is meg�gyelhet®. (A 4.7

ábrán látható leger®sebb téramplitúdó egy kicsit 0,8 alatti Keldysh-paraméternek fe-

lel meg.) Ha a küls® tér elég er®s ahhoz, hogy meg�gyelhet® felharmonikus sugárzást

indukáljon, akkor lineárisan és cirkulárisan polarizált gerjesztés esetén több (akár 7)

nagyságrendnyi különbség van a jelek között.

4.7. ábra. A 9. felharmonikus csúcs magassága a gerjeszt® tér E0 amplitúdójának
függvényében (logaritmikus skála). A központi hullámhossz λ = 800 nm, τ/T = 50,
ami körülbelül 18 optikai ciklusnak felel meg (intenzitás félérték szélességben).

Bár nyilvánvalóan nem hatékony módja az elliptikusan polarizált felharmonikus

sugárzás el®állításának, érdekes meg�gyelni, hogy elliptikusan polarizált gerjesztés

esetén, amikor meg�gyelhet®k a magasharmonikus csúcsok, a felharmonikus sugárzás

is elliptikusan polarizált, lásd 4.8 ábrán. Az elliptikusan vagy cirkulárisan polarizált

felharmonikusok hatékony el®állításának részleteit b®vebben tárgyalják a [139, 140,

141, 142, 143] munkák.

Az egzaktul cirkulárisan polarizált gerjesztés esetében tanulságos megnézni, hogy

a felharmonikusok teljesen hiányoznak-e? (Vagyis nincs semmi, ami ezeken a frek-

venciákon oszcillálna a kvantummechanikai id®fejl®dés során.)
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4.8. ábra. a) ε = 2 ellipticitású gerjeszt® tér estén keltett 3. felharmonikus elektromos
terének vektora által leírt görbe. b) A 〈Dx〉(t) illetve 〈Dy〉(t) id®beli alakulása. Az
ábrán jól látható a 〈Dx〉(t) és 〈Dy〉(t) állandó fázis különbsége.

A másik eshet®ség, hogy csak a mérhet® másodlagos sugárzás nem tartalmaz fel-

harmonikusokat. Eredményeim azt mutatják, hogy a második lehet®ség áll fenn, a

cnlm(t) együtthatók intenzitásspektruma tartalmazza a felharmonikus csúcsok egy-

értelm¶ mintázatát. Ez a felharmonikus frekvenciák bizonyos jelenlétét mutatja,

amelyek azonban nem jelennek meg a kisugárzott spektrumban. Ennek okait a 4.6

szakaszban tárgyalom.

4.5. Klasszikus kép

Ahogyan a bevezet®ben ismertettem, a gáznem¶ minták esetében a harmonikusok

megjelenéséért felel®s �zikai mechanizmusok világos, átlátható értelmezéssel érthe-

t®k meg a "három-lépéses modell" és általánosításai szempontjából [26, 24, 144].

Röviden, a lézertér hatására az elektron elhagyja az atommagot, gyorsul a küls®

elektromos térben, és a következ® optikai félciklusban, amikor visszatér, a megszer-

zett energia egy részét a felharmonikusokban bocsátja ki.

Ebben a képben egyértelm¶ a felharmonikus-keltés (HHG) folyamatának pola-

rizáció függése. Amikor a gerjeszt® tér cirkulárisan polarizált, a klasszikus elekt-

ronpályák soha nem térnek vissza az atommagokhoz, ami a felharmonikus sugárzás

hiányához vezet. Hasonló eredmény érhet® el egy kvantummechanikai leírás alkal-

mazásával, amikor az elektronok dinamikáját az id®függ® Schrödinger-egyenlet adja,

ahol a hullámfüggvények kötött és szabad részei elhanyagolható átfedést mutatnak

cirkuláris polarizáció esetén. Valójában az elektron hullámcsomag véges térbeli ki-

terjedése magyarázhatja meg a magas harmonikusok fokozatos elt¶nését az ellipti-
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citás fokának növekedésével [145, 146] (ellentétben a klasszikus pályákon alapuló és

hirtelen átmenetet el®rejelz® eredményekkel). Ezt a �küszöb-ellipticitás� (ennek a

bomlásnak a félérték szélességét) szintet de�niálták, kiszámították és meg is mér-

ték a [123, 147, 148, 149, 150] munkákban. Az egyes atomoknál nagyobb célpontok

esetében érdekes megnézni, hogy a felharmonikus sugárzás keletkezéséért felel®s re-

kombináció még mindig lokálisan történik-e, vagy több atom játszik jelent®s szerepet

a folyamatban [125]. Ezen eredmények megértése alapvet®en a valós, háromdimen-

ziós térben történ® leíráson alapul, ahol egy r vektor írja le az elektron id®függ®

helyzetét, vagy a megfelel® hullámfüggvény argumentumát.

4.6. Diszkrét Sturm bázis

A kvantummechanikai leírásban nem a koordináta reprezentáció az egyetlen lehe-

t®ség, szabadon használhatunk például más, diszkrét bázist. Nyilvánvaló, hogy a

Sturm bázis minden tagja megfelel egy pontosan de�niált hullámfüggvénynek, így

eredményeim �zikailag egyenérték¶ek a valós térben szokásos leírással. Az alábbiak-

ban ismertetend® módszer legfontosabb el®nye, hogy egyértelm¶en feltárja a HHG

polarizációfüggésének szimmetriával kapcsolatos alapvet® aspektusait.

Továbbra is a hidrogénszer¶ rendszerekre összpontosítok. A Hamilton operá-

tor kölcsönhatási tagja cirkulárisan polarizált gerjesztés esetén megfelel a θ = π/4

mod π-nek a (3.3) összegben. Az egyszer¶ség kedvéért a θ = π/4-et választom ez a

balra cirkulárisan polarizált eset:

Ex =
E0(t)√

2
cosωt, Ey =

E0(t)√
2
E0(t) sinωt. (4.17)

Ez a kölcsönhatási tag következ® alakjához vezet a (3.1) egyenletben:

V (t) = −eE0(t)√
2

(X cosωt+ Y sinωt) , (4.18)

ahol a koordináta operátorok megjelennek a jobb oldalon. Megjegyzem, hogy az

összes fenti számítást egyszer¶ módosítással meg lehet ismételni a jobbra cirkulárisan

polarizált gerjesztéssel. Bevezetem a

X± = X ± iY (4.19)
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operátort, amelyre igaz, hogy X†± = X∓. Ezek az operátorok lehet®vé teszik a (4.19)

egyenlet átírását

V (t) = −eE0(t)

2
√

2

(
X+e

−iωt +X−e
iωt
)

(4.20)

alakba. AzX± mátrixelemei és a Sturm bázis kiválasztási szabályai meghatározhatók

azáltal, hogy a Sturm függvények szögfügg®sége megegyezik a szokásos hidrogén-

sajátfüggvényekével, azaz az Ylm(θ, φ) pályaimpulzusmomentum sajátfüggvényeivel.

Így

〈Sn,l,m|X+|Sn′,l′,m′〉 = 0, (4.21)

kivéve ha m′ = m− 1. Hasonlóan az 〈Sn,l,m|X−|Sn′,l′,m′〉 mátrixelemek akkor és csak

akkor nem nullák, ha m′ = m + 1. Ez a [Lz, X±] = ±~X± kommutációs relációval

és a Lz|Sn,l,m〉 = ~m|Sn,l,m〉 összefüggéssel belátható. Mivel ugyanazt a számítást el-

végezhetjük az impulzusmomentum operátor komponenseivel a koordináta operátor

helyett, egyértelm¶en látható, hogy a kiválasztási szabályok megegyeznek hosszmér-

tékben és sebességmértékben.

Ezután monokromatikus E0(t) = E0 gerjesztést feltételezve, érdemes bevezetni a

korábban is alkalmazott id®függ® Sturm-Floquet bázist [P1]:

|Sn,l,m; k〉 = |Sn,l,m〉|k〉 = |Sn,l,m〉eikωt, (4.22)

ahol k egész szám és |k〉 absztrakt jelölése az exp ikω-nak a képletek egyszer¶sítése

céljából. Mivel E0 konstans esetben a Hamilton operátor id®ben periodikus (T =

2π/ω periódusid®vel), ezért a megfelel® id®függ® Schrödinger-egyenlet megoldásai

kereshet®k [45] a következ® formában:

|ϕj〉(t) = e−i
εj
~ t|uj〉(t), (4.23)

ahol a Floquet-állapotokra fennáll az |uj〉(t) = |uj〉(t+T ) azaz periodikus. A koráb-

biak alapján ezek az állapotok a HF Floquet-Hamilton operátor sajátállapotai. HF

hatása a bázisfüggvényeken:

HF |Sn,l,m; k〉 = [(H0 + k~ω)|Sn,l,m〉] |k〉 (4.24)

− eE0

2
[X+|Sn,l,m〉|k − 1〉+X−|Sn,l,m〉|k + 1〉] .

A kiválasztási szabályok és a V (t) (4.20) alakja meg®rzi az m és k indexek össze-
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gét. Mivel H0 triviálisan az egyik tagot sem változtatja meg, ebb®l következik, hogy

meg®rzi m + k összeget. Ez azt jelenti, hogy a fenti Floquet-Hamilton operátornak

vannak invariáns alterei, amelyeket N = m + k-val jelölhetünk. Vagyis a HF saját-

érték problémája azaz a HF |uj,N〉 = εj,N |uj,N〉, egyenlet halmazokra bomlik amelyek
függetlenek az N különböz® értékeire. Az N különböz® értékei azonban nem nyúj-

tanak �zikailag eltér® megoldásokat. Könnyen láthatjuk, hogy |uj,N〉(t) × eiωt és

εj,N + ~ω az N + 1-el indexelt altérbe tartozik. Ugyanakkor a exp(−iεj,N)|uj,N〉 és
exp(−iεj,N+1)|uj,N+1〉 id®függ® Floquet megoldások azonosak. Ezért elegend® egyet-
len N értéket �gyelembe venni, amely az egyszer¶ség kedvéért legyen a nulla. Vagyis

az eredeti id®függ® Schrödinger-egyenlet általános megoldása

|Ψ〉(t) =
∑
j

e−i
εj
~ t
∑
n,l,m

αjn,l,m|Sn,l,m〉|k = −m〉 (4.25)

alakban írható, ahol az α együtthatókat a kezdeti feltételek felhasználásával kell

meghatározni. A (4.25) egyenlet azt mutatja, hogy k = −m feltétel azt jelenti,

hogy az állapot térbeli és id®beli részei összefonódnak. Most ebben az általános

megoldásban kiszámítom a dipólmomentum operátor várható értékét. Például az x

komponens:

〈Dx〉(t) = e
∑
j,n,l,m

∑
j′,n′,l′,m′

ei
εj−εj′

~ t+i(m−m′)ωtXn′l′m′

nlm αj
′

n′,l′,m′

(
αjn,l,m

)∗
. (4.26)

Másrészr®l, az X = (X+ + X−)/2 mátrixelemei akkor, és csak akkor nem nullák ha

m′ = m ± 1. Ez a exp(i
εj−εj′

~ t + iωt) és exp(i
εj−εj′

~ t − iωt) id®függ® tényez®khöz

vezet. Mivel általában a
εj−εj′

~ különbség nem a gerjeszt® ω frekvencia egész számú

többszöröse, azt látjuk, hogy a felharmonikusok teljesen hiányoznak a spektrumból.

A 〈Dy〉(t) kifejezése hasonló a (4.26) egyenlethez. Továbbá a |k = −m〉 tényez® a

(4.25) egyenletben exp imωt szorzófaktort jelent, azaz felharmonikusok jelenlétét a

|Ψ〉(t) általános megoldásban. Másrészt a 〈Dx〉(t) és 〈Dy〉(t) várható értékek kiszá-

mításakor a kiválasztási szabályok és a tér- és id®beli összefonódás a harmonikusok

elt¶néséhez vezet.

Érdemes megjegyeznem, hogy a (4.20) kifejezés formailag analóg a fényanyag

kölcsönhatásban megjelen® klasszikus Rabi-problémáéval, vagy egy két energiaszint¶

atom monokromatikus klasszikus küls® térben felírható egyenletével, a forgó hullámú

közelítés (RWA) alkalmazása esetén [151]. Formálisan, az prefaktoroktól eltekintve,
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a Rabi kölcsönhatási tag úgy kapható meg, hogy X±-et σ±-ra cseréljük a (4.20)

egyenletben, ahol σ+ (σ−) jelenti a felfelé irányú (lefelé irányú) atomi átmenetet.

A forgó hullámú közelítés alkalmazásával a probléma analitikusan megoldható, és

emlékeztetnék arra, hogy ebben az esetben a meghajtó tér amplitúdójától függetlenül

nem jelennek meg felharmonikusok. Megjegyzem azt is, hogy a cirkulárisan polarizált

gerjesztés esetén az RWA nem közelítés, a Rabi probléma egzakt leírásának felel meg.

Ez azt jelenti, hogy a cirkulárisan polarizált gerjesztésnek nincsenek felharmonikusai

- már olyan egyszer¶ modellben sem, mint egy kétszint¶ atom.

Érdemes megvizsgálni az analógiát a kvantált, egymódusú elektromágneses tér-

ben lév® kétnívós atom esetével is, vagyis a Jaynes-Cummings-Paul (JCP) modellel

[151]. A közelmúltban jelent®s �gyelmet kapott a HHG folyamatának kvantumopti-

kai vizsgálata. Kísérleti eredményeket találunk a [152, 153] munkákban, míg elméleti

modellek találhatók például a [154, 155, 156, 157] közleményekben. Ebben a képben

a cirkulárisan polarizált gerjesztés¶ rendszer Hamilton operátora így néz ki:

Hq = ~ωa†a+H0 − eE0

(
X+a+X−a

†) , (4.27)

ahol a és a† jelöli a cirkulárisan polarizált módus eltüntet® és kelt® operátorait. Eb-

ben E0 =
√

~ω
ε0V alakú, továbbá V a kvantálási térfogatot, az ε0 pedig a vákuum

permittivitását jelöli. Ezen Hamilton operátor utolsó tagja a (4.20) egyenlet kvan-

tált változata, és beszédes jelentéssel bír. Cirkuláris gerjesztésnél (az eddig vizsgált

esetnek megfelel® helicitással) mindegyik foton ~ impulzusmomentumot hordoz. Ezt

�gyelembe véve és az X± kiválasztási szabályait felhasználva X+a + X−a
† kifejezés

egyszer¶en megadja az impulzusmomentum megmaradását, összhangban egy foton

~ helicitással való létrehozásával. Ekkor az atom pályaimpulzus-momentuma ugyan-

annyival csökken, és fordítva. Ebb®l a néz®pontból nézve egy alapvet® megmaradási

törvény akadályozza a felharmonikusainak megjelenését cirkulárisan polarizált ger-

jesztés esetén.

Hangsúlyozom, hogy az ebben a szakaszban ismertetett eredményeket monokro-

matikus gerjesztés feltételezésével kaptam, ami egyértelm¶en közelítés, ha lézerim-

pulzusokkal történ® gerjesztésekre gondolunk. Hosszú, sok ciklusú impulzusok esetén

azonban eredményeim teljes összhangban vannak az el®z® szakasz numerikus számí-

tásaival, valamint a szakirodalomban található kísérleti eredményekkel.

Áttekintettem az atomi felharmonikus-keltésének folyamatát, és bemutattam a

téma egy olyan tárgyalását, amely kiegészíti a szokásos, valós térbeli képet. Ahelyett,
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hogy a hullámfüggvények helyfüggésére összpontosítanék, kib®vítettem a dinamikai

egyenleteket a Sturm bázissal. Ez lehet®vé tette számomra, hogy rámutassak, hogy

az impulzusmomentum megmaradása a felel®s a cirkulárisan polarizált gerjesztés

felharmonikusainak hiányáért a spektrumban.

4.7. Nanostruktúra hálózatok térnövekménye és

plazmontranziensei

Egyetlen nanorészecske esetében a plazmonikus rezonancia jelenség a részecske alak-

jától, valamint a részecske és a környez® közeg dielektromos tulajdonságaitól függ.

Annak érdekében, hogy elég er®s jelet kapjunk a nanorészecskékr®l és csökkentsük a

hibák okozta eltéréseket, a kísérletek során részecskéket gyakran periodikus mátri-

xokba szokás rendezni, ahol sok azonos nanorészecske tud egyszerre kölcsönhatásba

lépni a gerjeszt® fénnyel. Az ilyen nanostruktúrákból alkotott mátrixok esetében az

egy részecske plazmonrezonanciáját a elektromágneses közeltér vagy távoltér befo-

lyásolhatja, a részecskék távolságától függ®en [158].

A szinte egymással érintkez® nanorészecskék közvetlenül kölcsönhatásba léphet-

nek a közeltéren keresztül, míg azok a nanorészecskék, amelyek távolsága meghaladja

a közeltér kölcsönhatásét, dipólsugárzás révén hatnak kölcsön. Az els® elméleti el®-

rejelzések a távoltér csatolásnak az extinkciós tulajdonságokra gyakorolt hatásáról

a 80-as évek közepére nyúlnak vissza [159]. A nanotechnológia fejl®désével kísér-

leti munkákat is publikáltak, amelyek különféle nanorészecske mátrixok extinkciós

spektrumára összpontosítottak [160, 131, 161, 162, 163, 164, 165, 166].

Az utóbbi id®ben az érdekl®dés középpontjába kerültek azok a plazmonikus rend-

szerek amelyek meg®rzik az ultrarövid impulzusú gerjeszt® lézer id®beli tulajdonsá-

gait a térer®sítés során. Annak ellenére, hogy a kevés ciklusú felületi plazmon hul-

lámcsomagok létrehozását kísérletileg is bebizonyították [167, 168], több okból is bo-

nyolult kevés ciklusú lokalizált plazmon oszcillációk el®állítása er®s elektromos térrel

[169]. Nemcsak a nagy sávszélességet lehet®vé tev® plazmonikus nanostruktúrákra

van szükség, hanem a nanorészecskék sérülését is el kell kerülni [170]. Munkám-

ban megmutatom, hogy az egyes el®re megtervezett plazmonikus tulajdonságokkal

rendelkez® nanorudak viselkedése széles tartományban hangolható a periodikus el-

rendezés¶ mátrixok különböz® rácsállandó értékeivel. Az extinkciós csúcs ismert el-

tolódása mellett, itt arra összpontosítok, hogy a plazmontranziensek térnövekményét



4. FEJEZET. EREDMÉNYEK 77

és id®beli hosszát hogyan befolyásolja a mátrixot alkotó nanorudak közötti távoltér

csatolás.

A nanorészecske hálózatok tanulmányozása el®tt egyetlen izolált nanorészecske

tulajdonságainak feltérképezésével kezdtem a munkát [P2]. El®ször numerikusan

modelleztem a közeli infravörös tartományban rezonáns viselkedést mutató nanorúd

extinkciós spektrumát ami a 4.9 a) ábrán látható. Továbbá az elérhet® térnövek-

ményt, és a plazmonikus oszcillációinak id®beli alakját (lásd 4.9 b) ábra). Ezeket az

adatokat forró pontokon (a nanorúd sarkaiban, ahol az elektromos tér koncentrációja

a legnagyobb) rögzítettem, 0,7 nm távolságban a nanorúd felületét®l. A szimuláci-

ókhoz az ELI-ALPS intézményben üzemel® nagy ismétlési frekvenciájú (HR High

Repetiton-rate Laser, lásd: 4.10 ábra) szállézer rendszer széles és strukturált spekt-

rumát alkalmaztam, amely 9,5 fs (intenzitás félérték szélesség) impulzusokat ad le,

melynek központi hullámhossza 1030 nm. Továbbiakban ezeket a mennyiségeket

használtam a lézertér id®beli lefutásának jellemzésére (lásd 4.11 ábra) [171].

4.9. ábra. a) Egyetlen nanorúd számított extinkciós spektruma és b) a plazmon
tranziens id®beli alakja a forró pont helyén lézergerjesztés jelenlétében. A jobb alsó
sarokban az ábrán az intenzitás félértékszélesség látható [P2].

A szimulációknál felhasznált nanorudak méretei: 310 nm × 120 nm × 40 nm és

a sarkok 15 nm rádiusszal vannak lekerekítve, az elektronsugaras litográ�ai folya-

mat jellegzetes velejárójaként. Egy izolált nanorúd tízszeres térnövekményt mutat a

részecske sarkainál, míg a plazmontranziens id®beli hossza jelent®sen meghaladja a

gerjeszt® rövid pulzus hosszát. 4.11 b) ábra. Annak érdekében, hogy lássam, milyen

hatással van ezekre a tulajdonságokra a rácsállandó változtatása valós mintákban,

különböz® rácsállandójú nanorúd mátrixok extinkciós spektrumát mértem. Majd

összehasonlítottam a kísérleti eredményeket a szimulációkkal.
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4.10. ábra. A kétlépcs®s nemlineáris kompressziós kísérlet általános beállítása. FC-
PA � �ber chirped pulse ampli�cation, szállézeres csörpölt impulzuser®sít® rendszer;
HCF � hollow core �ber, kapilláris üvegszál; HWP, λ/2 lemez; TFP, vékony �lm
polarizátor; CMC, csörpölt tükör kompresszor.

4.11. ábra. a) A gerjeszt® lézerimpulzus spektruma és b) id®beli alakja.

4.7.1. A plazmonikus tulajdonságok hangolása az egyes

nanorudak hosszának megváltoztatásával

A plazmonikus nanorészecskék rezonanciája leggyakrabban a méretük változtatásá-

val hangolható, így a rácsállandó változtatása el®tt a nanorudak hosszának változ-

tatását vizsgáltam szimulációkkal. Mivel az extinkció hangolására egy általánosan

alkalmazott módszer az egyes nanorudak hosszának változtatása. Ehhez ki kellett

számolni az extinkciós spektrumot, a térnövekményt és a plazmontranziensek id®-

beli hosszát az egyes nanorudak forró pontjainál, különböz® hosszúságoknál, 270

és 330 nm intervallumban. Természetesen a nanorúd többi geometriai paraméterét

állandó értékeken tartva. Ezekkel a nanorúd tulajdonságokkal az extinkció maxi-
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mumának helyzete az 1150 és 1320 nm tartományban hangolható (4.12 ábra). A

kiszámított térnövekmény értékek a spektrális átfedés paraméterének lineáris függ-

vényei. Viszont a nanorudak hosszának megváltoztatása nem befolyásolja jelent®sen

a plazmontranziens id®tartamát. Ez az extinkció félértékszélességekkel magyaráz-

ható, amelyeket a változó hosszúság csak kismértékben befolyásol (az adatokat lásd

az 4.2 táblázatban). A következ® alfejezetben bemutatom kísérleteim alapján, hogy

milyen módszerrel lehetséges ezt kivitelezni.

4.12. ábra. Különböz® hosszúságú izolált nanorudak extinkciós spektrumai [P2].

hossz
(nm)

ext.
max.
pozíció
(nm)

ext.
FWHM
(nm)

spektrum
átfedési
param.

térer®sít.
tényez®

plazmon-

tranziens
hossz
(fs)

270 1147 319 0.571 17.9 13.1
290 1200 342 0.513 15.1 13.0
310 1260 355 0.432 12.2 12.9
330 1320 392 0.360 9.9 12.6

4.2. táblázat. Különböz® hosszúságú izolált nanorudak tulajdonságai [P2].
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4.7.2. Kísérleti eredmények

Mivel a hosszváltozással nem lehet hangolni a rezonancia szélességét, kísérleteimben

kimutattam, hogy más módszerrel méghozzá a mátrixba rendezett nanostruktúrák

rácsállandóinak változtatásával a rezonancia helyzete mellett a szélessége is egyaránt

hatékonyan megváltoztatható. A nanorúd hálózatok rácsállandóit x és y irányban

Λx-szel illetve Λy-nal jelöltem. Az egymásra mer®leges irányokban egymástól füg-

getlenül változtattam a rácsálladókat úgy, hogy nagy eltéréseket érjek el mind az

extinkciós maximum helyzetében, mind pedig az extinkciós spektrum kiszélesedésé-

ben az önmagában álló nanorúdhoz viszonyítva.

A távoltér csatolás esetén a extinkciós tulajdonságokat befolyásolják a nanostruk-

túrák dipólusterei, amelyek interferenciája adja a kollektív sugárzás kialakulását. A

keletkezett dipólusok nem sugároznak a tengelyük mentén, azaz párhuzamosan az x

tengellyel, ezért a Λx paraméter változása kicsi hatást gyakorol a dipólsugárzás által

vezérelt kollektív viselkedésre. Λy esetében az extinkciós csúcs vöröseltolódást mutat,

amikor a rácsállandó megközelíti a plazmonrezonancia hullámhosszát λSP = 1260nm,

amely megegyezik az egy nanostruktúra maximális extinkciójának hullámhosszával,

mivel ebben az esetben a nanostruktúrák körül keletkezett lokális optikai terek szinte

azonos fázisban összeadódnak a szomszédos részecskék között [131].

Ezenkívül további, a rács által kiváltott csúcs jelenléte várható [164], ha a rács-

állandó meghaladja a kritikus értéket. Ebben az esetben a megfelel® rácsrend sugár-

zóvá válik, ez befolyásolja az extinkciós spektrum alakját. A kritikus rácsállandót

a

Λc =
mλSP
nsubs

(4.28)

képlet de�niálja, ahol λSP a plazmon hullámhossza, nsubs = 1, 7 a hordozó törés-

mutatója a plazmonrezonancia hullámhosszán (mivel a nanorudak az ITO rétegen

ülnek, az nsubs-ot nITO- nak vesszük 1260 nm-nél), és m a rácsrend [164]. A mintáim

esetén Λc = 740 nm, ha m = 1, ami azt jelenti, hogy a rács által indukált jel meg-

jelenhet ezen rácsállandó felett. Ezen kollektív hatások vizsgálatára téglalap alakú

mátrixokba rendeztem a nanorudakat (mátrixméret: 200µm×200µm), két csoportot

alkotva: az els® csoportban Λy minden mátrixnál azonos Λy = 500 nm, a Λx pedig

500 nm-t®l 1100 nm-ig változik 100 nm lépésközzel, míg a második csoportban a Λx

értékét 500 nm-en tartjuk, a Λy pedig 500 nm és 1100 nm között változik.
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4.13. ábra. Különböz® rácsállandó érték¶ reprezentatív mátrixok SEM képei. A
nanorudak mérete minden mátrixban azonos. A skála hossza: 1 µm [P2].

Ezek közül néhány nanorészecske mátrix pásztázó elektronmikroszkóppal (SEM)

készített képét mutatom be a 4.13 ábrán. A mátrixokat alkotó összes nanorúd mérete

310 nm × 120 nm × 40 nm. A 4.14 ábrán a különböz® Λx és Λy értékekhez tartozó

extinkciós spektrumokat láthatjuk, a csúcsok helyzetét, a maximum értékét és a

csúcs szélességét is.

Az extinkció mérés jó hullámhosszfelbontásának (<2 nm) és a zajmentes adatok-

nak köszönhet®en ezeket az értékeket a mért extinkciós spektrumok illesztése nélkül

tudtam meghatározni. A mért és modellezett spektrumok jó egyezése azt jelzi, hogy

a szimulációkkal kell®en jól leírhatjuk a nanostruktúra-hálózatok tulajdonságait. A

bemutatott tendenciák általában megegyeznek, habár a számított rezonanciapozíciók

kissé vöröseltolódottak és nagyobbak a mért értékeknél. Ezek az eltérések a szimu-

lációk és a valós kísérlet közötti különbségekb®l fakadhatnak. Szimulációimban a

rudak sima felület¶ek és egységes méret¶ek illetve azonos alakúak. A kísérletekhez

készített nanorudakon azonban mindig megjelennek hibák, beleértve a kissé eltér®

hosszúságot és szélességet, durva oldalakat és nem egyenletes magasságokat. Ennek

eredményeként az extinkció mérés során ezen kissé eltér® nanorudak kiátlagolt vi-

selkedését kapjuk meg. Bár az x irányú rácsállandónak nincs sok hatása, mint az

várható is volt, mégis érdemes megvizsgálni a plazmonikus tulajdonságokat ebben a

sorozatban is.



4. FEJEZET. EREDMÉNYEK 82

4.14. ábra. a) Λx és b) Λy különböz® értékeihez tartozó mért és számított extinkciós
spektrumok [P2].

A változó Λy paraméter¶ mátrixok csoportjában mind az extinkciós csúcs vörösel-

tolódása, mind a kritikus rácsállandó Λc = 740nm érték fölötti kiszélesedése jelent®s,

lásd 4.15 c) ábra. A Λc-nél kisebb Λy értékek esetén az extinkciós spektrumok kék-

eltolódnak, ami igaz a különböz® Λx értékek egész csoportjára, ahol Λy = 500 nm.

A csúcsok pozícióinak ezen viselkedése összhangban van azon félanalitikus modell

el®rejelzéseivel [160, 162], amely a dipól csatoláson és a részecskék végtelen mátrixán

alapul. A szimulációkból rögzítettem az elektromos térer®sség id®beli lefutását E(t)

a forró pontoknál, lásd 4.16 a) és b) ábrán, hogy elemezzem az extinkció kiszélese-

désének hatását a plazmontranziensek id®beli alakjára.

Ezeknek az id®tartamoknak az extinkciós félérték-szélesség értékek függvényében

való ábrázolása a 4.17 a) ábra szerint azt mutatja, hogy a plazmontranziensek id®-

beli alakját f®ként az extinkciós spektrumok szélessége határozza meg. Ez azt is

alátámasztja, hogy a kiszélesedett extinkciós spektrummal rendelkez® nanorészecske

mátrixok el®segíthetik a néhány ciklusú plazmon oszcillációk létrehozását azáltal,

hogy kevésbé sz¶rik a rövid impulzusú lézer szélesebb spektrumát.
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4.15. ábra. a) Az extinkciós csúcsok helyzete, b) a maximumok értéke és c) a félérték
szélességek értéke. A keresztek a Λx sorozatba tartozó adatpontokat jelölik, míg a
nyitott háromszögek a Λy sorozatot. A négyzet alakú szimbólum a∞ rácsállandóhoz
tartozik azaz az izolált nanorúd tulajdonságait jelöli [P2].

A 4.17 a) ábra bal alsó sarkában lév® szimbólumokhoz tartozó nanorúd mátrixok

azonban arra utalnak, hogy rövid plazmonrezgések is elérhet®k meglehet®sen sz¶k

extinkciós spektrummal. Itt kell megjegyezni, hogy a Λy = 800 nm és 900 nm

extinkciós spektrumok esetében a 900 nm körüli mellékcsúcs megjelenése már segíti

a spektrális komponensek átvitelét anélkül, hogy hozzájárulna a f® extinkciós csúcs

kiszélesedéséhez. Ezekben a nanorészecske mátrixokban (Λx és Λy = 800 nm és

900 nm) szintén az extinkciós csúcs eltolódása, vagyis a nanorészecske rezonancia

elhangolása akadályozza a hosszú élet¶ plazmonrezgéseket.

Az id®beli jelek lehet®vé teszik számunkra a térnövekmény meghatározását, ame-

lyek megegyeznek a számított plazmontér maximális amplitúdójával, mivel a szimu-

lációkban a bejöv® tér amplitúdója egységnyi. A térnövekmény szempontjából a

két sorozat eltér® viselkedést mutat: a különböz® Λx érték¶ mátrixok esetében a

térnövekmények hasonlóak, míg Λy esetében a növekv® rácsállandóval csökkennek.
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4.16. ábra. A különböz® a) Λx és b) Λy értékekhez tartozó nanorudak forró pontján
a plazmontranziensek számított id®beli alakja [P2].
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Lásd a tér maximális amplitúdóit a 4.16 a) és b) ábrákon. Összehasonlítva ezeket

a meg�gyeléseket a 4.15 b) ábrán látható tendenciáival, levonhatjuk azt a következ-

tetést, hogy a hatékony plazmon gerjesztéshez és nagy térhez szükséges, hogy az

extinkciós csúcsok a lézer központi hullámhosszának közelében maradjanak. Ezt a

kritériumot támasztja alá a 4.17 b) ábra is, ahol a térnövekmény értékeit ábrázoltam

a lézerspektrum és az extinkciós spektrum közötti spektrális átfedést jellemz® para-

méter függvényében. Ennek az átfedési paraméternek a kiszámításához megszoroz-

tam a lézerspektrumot minden extinkciós spektrummal, és integráltam a szorzatukat.

A térnövekmény értékek egyértelm¶ és monoton növekedést mutatnak a spektrális

átfedési paraméterrel, hangsúlyozva, hogy a hatékony plazmon keltés érdekében a

gerjesztés spektrumának és a nanostruktúrák extinkciójának a lehet® legnagyobb

mértékben át kell fednie egymást, más szavakkal, a rezonancia kritériumnak telje-

sülnie kell.

A plazmontranziensek id®beli hossza egyértelm¶ csökken® tendenciát mutat a

növekv® spektrális átfedési paraméter mellett. Mivel ily módon csökkenthet® a plaz-

monikus extinkciós spektrum által gyakorolt spektrális sz¶r® hatás az eredetileg szé-

lessávú lézerimpulzuson, így könnyebben hozható létre kevés ciklusú plazmonikus

tranziens. Ez azonban nem így történt, mert az igazán rövid plazmonoszcillációk

széles, de vöröseltolódású extinkcióval rendelkez® mátrixokhoz tartoznak. Ennek

alapján arra a következtetésre jutottam, hogy a rövid plazmontranzienseknél fonto-

sabb a lézer spektrális komponenseinek egyenletes átvitele, mint a lézer spektrum

csúcsainak és az extinkciós görbe csúcsainak illeszkedése. A tökéletes rezonancia

elkerülése azt is megakadályozza, hogy a nanorészecske hosszú élettartamú plazmon-

rezgéseket tartson fenn.

Ezek az ellentétes követelmények, nevezetesen a gerjesztési spektrum és az extink-

ciós csúcs átfedése, valamint egyidej¶leg széles és szinte állandó extinkciós spekt-

rumra való törekvés teszik kihívássá a nagy térnövekmény¶, de még mindig kevés

ciklusú plazmontranziensek létrehozását. Amikor a plazmontranziensek id®tartamát

a térnövekmény függvényében ábrázoljuk, a legtöbb vizsgált mátrixnál meg�gyelhet-

jük a plazmonikus térer®sítés id®tartamának állandó növekedését, mivel az elérhe-

t® közeltér er®ssége nagyobbá válik 4.17 c) ábra. A �gyelemre méltó pontok és a

hozzájuk tartozó mátrixok a 4.17 c) ábra jobb alsó sarkában találhatók. Ezeknek a

nanostruktúra-hálózatoknak a térnövekménye sokkal nagyobb, mint az egyes nanoru-

dak esetében kapottak ami a 4.17 c) ábrán is látszik, miközben az id®beli hosszúságuk

összehasonlítható. Ezek a pontok azokhoz a nanostruktúra-hálózatokhoz tartoznak,
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4.17. ábra. A plazmontranziensek tulajdonságai. a) A plazmontranziensek id®tarta-
ma a 4.16 a) és b) ábrákon ábrázolt (FWHM intenzitás) megfelel® mátrixok extink-
ciós FWHM értékének függvényében. A szimbólumok szürke árnyalatai a térnövek-
mény nagyságára utalnak, ami megegyezik az id®beli jel maximális amplitúdójával.
b) A térnövekményt ábrázolva a lézerspektrummal való átfedés függvényében. c)
A plazmontranziensek id®tartama a forró ponton a térnövekmény függvényében. A
négyzet szimbólum az egyedi nanorúdhoz tartozó értéket jelöli. [P2].

amelyek kompromisszumot valósítanak meg a nagy mértékben er®sített és rövid plaz-

montranziensek el®állításának kritériumai között: ezek kissé tágabb és kissé jobban

a vörös felé eltolódott extinkciót mutatnak az egyes nanorészecskékhez képest. Érde-

kes módon a legkedvez®bb kon�gurációk a változó Λx csoportjába tartoznak, ahol a

plazmonikus tulajdonságok kisebb eltérései várhatók. Mivel a Λy paraméter ekkora

hatással van a extinkció helyére, a gerjesztési spektrum és a plazmonrezonancia kö-

zötti átfedés a Λy paraméter növekv® értékeivel jelent®sen csökken, annak ellenére,

hogy a rács megjelenése miatt az extinkciós sáv jelent®sen kiszélesedik. Ez rontja

ezen mátrixok térnövekményét, és ezáltal ezeket a kon�gurációkat kedvez®tlenebbé
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teszi. Különböz® Λx paraméter¶ mátrixoknál a változások kisebbek mind a extink-

ció pozíciójában, mind a kiszélesedésben, de vannak olyan kon�gurációk, ahol az

átfedés még mindig nagy, de az extinkciós csúcs enyhe elmozdulása már elegend® a

rezonancia - és ezért - a hosszú élettartalmú plazmongerjesztés elkerüléséhez.

Megmutattam, hogy ugyanazzal a nanorészecskével és csak a mátrixok rácsál-

landójának megváltoztatásával a térnövekmény majdnem kétszeresen növelhet® az

egyes nanorészecskékkel elérhet®höz képest. Ezekkel a nanorúd tulajdonságokkal az

extinkció maximumának helyzete az 1150 és 1320 nm tartományban hangolható (4.18

ábra), amely megegyezik a különböz® rácsállandó érték¶ mátrixok extinkciós pozí-

cióinak intervallumával. Ezenkívül a rácsállandó hangolásával a plazmontranziens

id®tartama megközelítheti a gerjesztés id®beli hosszát a rács által kiváltott rezonan-

cia megjelenése miatt, ami széles és lapos extinkciót eredményez. Összehasonlítva

a térnövekménnyel és a különböz® hosszúságú egyes nanorudakon elérhet® id®beli

hosszal (4.7.1 szakaszban látható), arra lehet következtetni, hogy a rácsállandó han-

golása hatékonyabb eszközt jelent a plazmonikus tulajdonságok széles tartományban

történ® megváltoztatásához, mint az egyes nanorudak geometriai tulajdonságainak

változtatása.

4.18. ábra. a) A térnövekmény a lézerspektrum és az extinkciós görbék közötti
átfedés függvényében ábrázolva. b) A plazmontranziensek id®tartama a forró ponton
a térnövekmény függvényében. A vízszintes vonal jelölés a különböz® hosszúságú
izolált nanorudak értékeit jelöli [P2].

Összefoglalva, megmutattam, hogy a rács által kiváltott hatások hogyan befo-

lyásolják az extinkciós maximum helyzetét, és ami még ennél is fontosabb, az ex-

tinkciós spektrumok kiszélesedését azáltal, hogy szisztematikusan megváltoztattam

az azonos nanorudakat tartalmazó mátrixok rácsállandóját. Megállapítottam, hogy
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ezek a extinkciós változások nem csak az elérhet® térnövekményt, hanem a plaz-

montranziensek id®beli hosszúságát is er®sen befolyásolják. Ezek a meg�gyelések

rávilágítottak a kevés ciklusú, er®sített lokális terekkel rendelkez® plazmonoszcil-

lációk el®állításának kritériumaira. Ezen eredmények alapján fontos hangsúlyozni,

hogy a nagy lokális tereket és ultrarövid plazmonoszcillációkat egyaránt igényl® al-

kalmazások nanoszerkezeteinek megtervezésekor nem csak az egyes nanostruktúra

tulajdonságai által kínált hangolási lehet®ségeket érdemes �gyelembe venni, hanem

a nanostruktúrák mátrixainak rácsállandói által könnyen hangolható kollektív e�ek-

tusokat is. Szembet¶nik, hogy ezen egyedi nanorudak értékei szépen illeszkednek

a vizsgált mátrixok trendjéhez, bizonyítva ezzel a térnövekménynek a gerjesztési

spektrum és az extinkciós görbék spektrumátfedését®l való függését, amely általános

szabály. Méréseim bizonyítják, hogy a rácsállandó hangolása a hatékonyabb eszköz

a plazmonikus tulajdonságok széles tartományban történ® megváltoztatására.



5. fejezet

Összefoglalás, kitekintés

Hidrogénszer¶ atomokban történ® felharmonikus-keltéssel foglalkoztam, amely kap-

csán megmutattam, hogy a Sturm bázis és a Floquet módszer numerikus ötvözése

alkalmas a folyamat leírására folytonos gerjeszt®tér esetén. Az általam kidolgozott

módszer azért hasznos, mert jóval kisebb számítási igény mellett képes meghatározni

a keletkez® felharmonikus spektrumot. A módszer segítségével továbbá azt is megmu-

tattam, hogy a kezd®állapotok kvantummechanikai koherenciája er®sen befolyásolja

a HHG spektrumokat. Hidrogén energia sajátállapotokból képzett szuperpozíciókat

kezd®állapotként használva megmutattam, hogy az azt alkotó állapotok súlya fontos

szerepet játszik a magasrend¶ felharmonikus sugárzás el®állításában. Ráadásul, ha a

kezd® szuperpozíciós állapot komponensei dipólus csatoltak, akkor az id®függ® HHG

jel érzékeny a kezd® szuperpozíciós állapot alkotóinak a kvantummechanikai fázis-

különbségére is. Ez kísérleti szempontból is fontos lehet, mert az atomi koherencia

segítségével szabályozhatjuk a keltett HHG sugárzás tulajdonságait.

A Sturm bázist felhasználva az impulzusszer¶ gerjesztés vizsgálatával is foglal-

koztam. Számításaimat az átmeneti dipólmomentum mátrixelemekre alapozva meg-

mutattam, hogy a módszer alkalmas a felharmonikus spektrum polarizációfüggésé-

nek kimutatására. Többek között a felharmonikusok elt¶nését is leírja cirkulárisan

polarizált gerjesztés esetén, ami a kísérleti eredményeket is tükrözi. Az általam ki-

dolgozott módszer hasznos, mert mélyebb betekintést nyújt abba, hogy a kvantum-

mechanikai interferencia hatások és a kiválasztási szabályok hogyan magyarázzák a

folyamat polarizációfüggését. Ez tette lehet®vé számomra, hogy rámutassak, hogy

lényegében az impulzusmomentum megmaradása a felel®s a felharmonikusok hiányá-

ért cirkulárisan polarizált gerjeszt® tér esetén.
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Plazmonikus nanostruktúrákkal kapcsolatos eredményeim hozzájárulnak ahhoz,

hogy az ilyen rendszerekben elérhet® térnövekményt optimalizáljuk, különösen olyan

esetekben, amikor rövid impulzusú, femtoszekundumos gerjesztéssel akarunk létre-

hozni plazmontranzienseket. Ez a törekvés nem csak az alkalmazások szempontjából

fontos, hanem jó-néhány alapkutatási kérdés megválaszolásában is szerepet játszik.

Fontos példa erre a plazmongerjesztés során különösen érdekes tulajdonságokat mu-

tató, ún. forró elektronok dinamikájának a vizsgálata. A dolgozatomban taglalt

eredmények ez alapján hozzájárultak az ultragyors plazmonikai kutatási terület fej-

l®déséhez. Mindezek alapján a következ® tézispontokban fogalmazom meg új tudo-

mányos eredményeimet.

1. Összekapcsoltam a kontinuumot is tartalmazó Sturm bázis és a periodikus ger-

jesztések leírására alkalmas Floquet-módszer koncepcióját. Numerikus eljárást

dolgoztam ki ennek a Sturm-Floquet módszernek az implementálására, amely

alkalmas az er®s gerjeszt® lézertér és hidrogénszer¶ atomok kölcsönhatásának

a leírására. Ezt felhasználva vizsgáltam a magasrend¶ felharmonikusok kelté-

sének dinamikáját, és a dipólmomentum operátor várható értékét kiszámítva

meghatároztam a felharmonikusok spektrumát [P1].

2. Megvizsgáltam, hogy a magasrend¶ felharmonikus-keltés folyamatát hogyan

befolyásolja a kezd® atomi állapot megválasztása. A Sturm-Floquet módszer

felhasználásával megmutattam, hogy energia sajátállapotok szuperpozíciójából

kiinduló dinamika esetén a spektrumok akkor változnak meg észrevehet®en, ha

a kezd®állapot és az alapállapot közötti dipólmomentum mátrixelem elt¶nik.

Ilyenkor a spektrum levágási tartománya az ionizációs energia csökkenése, és

az alapállapotba való átmenet tiltottsága miatt eltolódik az alacsonyabb frek-

venciák irányába. Egy ilyen energiaállapot és az alapállapot megfelel® súlyú

szuperpozíciója esetén a spektrumban kett®s plató jelenik meg. Számításaim

azt is megmutatták, hogy a szuperpozíciókban résztvev® állapotok relatív fázisa

viszont akkor változtatja meg észrevehet®en a dinamikát, ha ezek az állapotok

dipól-csatoltak [P1].

3. A Sturm-bázissal kapcsolatos eredményeim általánosításaként vizsgáltam a hid-

rogénatom impulzusszer¶ gerjesztését. Az átmeneti dipólmomentum mátrix-

elemek felhasználásával meghatároztam a dinamikai egyenleteket, és numerikus

módszert dolgoztam ki ezek megoldására. Ennek segítségével kiszámítottam a
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dipólmomentum várható értékének id®fejl®dését, és Fourier-transzformáció se-

gítségével meghatároztam az atom által kisugárzott magasrend¶ felharmonikus

spektrumokat különböz® polarizációjú gerjesztések esetén [P3].

4. Az el®z® tézispontbeli módszerrel meghatároztam a magasrend¶ felharmonikus

spektrumok polarizációfüggését. Eredményeim a kísérletekkel egybehangzóan

azt mutatták, hogy cirkulárisan polarizált gerjesztés esetén a felharmoniku-

sok nem jelennek meg. A jelenség szokásos valós térbeli interpretációjának egy

alternatíváját is megfogalmaztam diszkrét (Sturm) bázis esetére, és megmutat-

tam, hogy ebben a képben a kiválasztási szabályok és a cirkuláris polarizáció

együttese olyan térid® szimmetriához vezet, amely megakadályozza a felhar-

monikusok megjelenését [P3].

5. Nanostruktúra-hálózatok mért és szimulációból adódó extinkciós spektrumait,

valamint a szimulációk alapján meghatározott térnövekmény-értékeket felhasz-

nálva megmutattam, hogy a nanostruktúra-hálózatok térnövekménye annál na-

gyobb érték¶, minél nagyobb az átfedés a gerjesztés spektruma és a nanostruk-

túrák extinkciós spektruma között. Az átfedést a kétféle spektrum összeszorzá-

sával nyert görbe integráljával jellemeztem, amely paraméter függvényében az

elérhet® térnövekmény lineáris növekedést mutat. Annak érdekében, hogy en-

nek az összefüggésnek az általános jellegét bizonyítsam, izolált nanostruktúrák

esetén is kiszámoltam a várható térnövekményt, és megállapítottam, hogy az

adatpontok a nanostruktúra-hálózatokon meg�gyelt trendbe illeszkednek [P2].



6. fejezet

Angol nyelv¶ összefoglaló

I examined high-harmonic generation in hydrogen-like atoms, and I showed that the

combination of the Sturmian basis and the Floquet method in numerical calculations

is suitable for describing the process in the case of continuous excitation �eld. The

method I have developed is useful because it can calculate the resulting harmonic

spectrum with much less computational requirements. Using the method, I showed

that the quantum mechanical coherence of the initial states strongly in�uences the

HHG spectra. Using superpositions formed from hydrogen energy eigenstates as an

initial state, I have shown that the weights of the eigenstates play an important

role in the high-order harmonic radiation. In addition, if the components of the

initial superposition state are dipole coupled, the time-dependent HHG signal is also

sensitive to the quantum mechanical phase di�erence of the components of the initial

superposition state. This may also be important from an experimental point of view

because atomic coherence can be used to control the properties of the generated

HHG radiation.

Using the Sturmian basis, I also investigated short pulse excitation. Based on

the transient dipole moment matrix elements, the method is suitable for calculating

the polarization dependence of the harmonic spectrum. Among other things, it

describes the disappearance of high-order harmonics in the case of circularly polarized

excitation, which also re�ects the experimental results. The method which I have

developed is useful because it provides a deeper insight into how quantum mechanical

interference e�ects and selection rules explain the polarization dependence of the

process. This allowed me to point out that essentially the conservation of angular

momentum is responsible for the lack of harmonics in a circularly polarized excitation

92



6. FEJEZET. ANGOL NYELV� ÖSSZEFOGLALÓ 93

�eld.

My results on plasmonic nanostructures help to optimize the �eld enhancement

in such systems, especially when we generate plasmon transients with short-pulse,

femtosecond excitation. This endeavor is important not only for applications, but

also for answering many fundamental research questions. For example, the behavior

of the dynamics of the so-called hot electrons, which show particularly interesting

properties during plasmon excitation. Based on this, the results discussed in my

dissertation contributed to the development of the ultrafast plasmonics research �eld.

Based on these, I summarize my new scienti�c results in the following thesis points.

1. In this work, I have combined the concept of Sturmian basis, which contains

the continuum states of hydrogen as well and the Floquet-method to handle the

periodic excitation of hydrogen atom. For this theory, I have developed a nu-

merical method based on the combined Sturmian-Floquet method to describe

interaction of strong laser �elds and hydrogen like atoms. My numerical calcu-

lations have shown that the method is suitable for predicting HHG spectrum

of these hydrogen like atoms.

2. First, I investigated the in�uence of the initial atomic state to the high-order

harmonic generation. By using the Sturmian-Floquet method, I have shown

that the charge dynamics started from an initial superposition of states mainly

consisting of atomic energy eigenstates produced noticeably change in the spec-

tra, when there is forbidden transition with the 1s ground state. In this case,

the position of the cut-o� of the spectra shifted towards the lower frequencies,

which comes from the reduction of the ionization energy as a result of the for-

bidden nature of transition to the ground state. We have found that certain

weighting in the superposition of eigenstates will result in a double plateau in

the energy spectrum. The dynamics calculated based on the expectation value

of the dipole moment shows sensitivity to the phases of the individual eigen-

states in the superposition, namely 180 degree phase resulted in a completely

di�erent time dependent signal.

3. Generalization of my results with the Sturmian basis I investigate the excitation

of a hydrogen atom by a short laser pulse. I determine the equations of the

dynamic by using of transient dipolemoment matrixelements and I developed

a numerical methodology to solve them. I calculated the time evolution of



6. FEJEZET. ANGOL NYELV� ÖSSZEFOGLALÓ 94

the expectation value of the dipole moment and I determined the harmonic

spectrum emitted by the atom at di�erent polarized excitations using of the

Fourier transform.

4. The polarization dependence of the high-order harmonic spectrum can be de-

termined by my method which described in the previous thesis point. My

results showed that by the circularly polarized excitation does not appear high-

harmonics in the spectra, consistent with the experiments. I have formulated

an alternative of the usual spatial interpretation of the phenomenon for the

discrete Sturmian basis. In this approach I showed that the selection rules and

circular polarization together lead to a temporal and spatial symmetry that

eliminate the appearance of the high-order harmonic signal.

5. The measured and calculated extinction spectra of the nanostructure arrays

together with the calculated �eld enhancement I showed that the higher the

overlap of the excitation spectra and the extinction spectra of nanostructures,

the greater the �eld enhancement of nanostructure arrays. I characterized the

overlap of the two spectras by the integration of the curve obtained by multi-

plying the two spectra. It shown linear correlation between this function and

the available �eld enhancement. To prove the general nature of its correlation,

I have calculated the �eld enhancement of single nanoparticles and found that

the data points �t into a trend observed on nanostructure arrays.



7. fejezet
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