Wechselwirkung intensiver Laserpulse mit
dichten Plasmen — Ultrakurzzeitkinetik

und Diagnostik

Dissertation
Zur
Erlangung des akademischen Grades
doctor rerum naturalium (Dr. rer. nat.)
der Mathematisch-Naturwissenschaftlichen Fakultét
der Universitat Rostock

vorgelegt von
Philipp Sperling
Rostock, den 13. Juni 2013

urn:nbn:de:gbv:28-diss2014-0159-4


zef007
Schreibmaschinentext

zef007
Schreibmaschinentext
urn:nbn:de:gbv:28-diss2014-0159-4

zef007
Schreibmaschinentext

zef007
Schreibmaschinentext

zef007
Schreibmaschinentext

zef007
Schreibmaschinentext


Datum der Verteidigung: 29. April 2013

Gutachter:  Prof. Dr. R. Redmer, Universitit Rostock
Dr. T. Tschentscher, European XFEL GmbH



Inhaltsverzeichnis

1 Einleitung

1.1  Grundlagen der Plasmaphysik . . . . . . . ... ... ..o
1.1.1 Warme und heifse, dichte Materie und Plasmaparameter . . . . . .
1.1.2  Abschirmung . . . . . . . . . ...
1.1.3 Iomisation . . . . . . . . .. ..

1.2 Thomsonstreuung . . . . . . . . . .. L
1.2.1 Grundlagen . . . . . ...
1.2.2  Experimente . . . . . . .. ...

1.3 Uberblick zu laser-induzierten Plasmen . . . . .. .. ... .. .. ....

1.4 Ziel der Arbeit . . . . . . ..

Laser-Materie-Wechselwirkung
2.1 Dielektrische Funktion . . . . . .. .. ... ..o o
2.1.1 Transversale dielektrische Funktion . . . . . . ... .. .. ... ..
2.1.2 Longitudinale dielektrische Funktion . . . . . ... ... ... ...
2.1.3 Longitudinale dielektrische Funktion mit Wechselwirkungen . . . .
2.1.4  Wechselwirkungsanteil in der longitudinalen dielektrischen Funkti-
on: Stofsfrequenz . . . . ..o
2.2 Thomsonstreuung . . . . . . . .. ..
2.2.1 Strukturfaktor der freien Elektronen . . . . . . .. ... ... ...
2.2.2  Strukturfaktor der gebundenen Elektronen . . . . .. .. ... ..
2.2.3  Strukturfaktor der ionisierenden Elektronen . . . . . . . . ... ..
2.2.4 Diagnostik mittels Thomsonstreuung . . . . . . . . ... ... ...

Beschreibung laser-induzierter Plasmen

3.1 Das mikroskopische Bild . . . . . ... ... .0
3.1.1 Mikroskopisches Bild und Verteilungsfunktionen . . . . . ... ..
3.1.2 Kinetische Boltzmanngleichung . . . . . ... .. .. ... ... ..
3.1.3 Mikroskopische Beschreibung eines laser-induzierten Plasmas
3.1.4 Mikroskopische Beschreibung von lonisationsprozessen . . . . . . .

3.2 Vom mikroskopischen Bild zum hydrodynamischen Bild . . . . . ... ..
3.2.1 Hydrodynamische Gleichungen . . . . ... ... ... ... ....
3.2.2  Vom mikroskopischen Bild zum makroskopischen Strahlungstrans-

POt . ..

3.2.3 Hydrodynamik eines Plasmas . . . . . . . .. .. ... ... ....
3.2.4 lonisationsprozesse in der Hydrodynamik . . .. .. .. ... ...
3.2.5  Absorptionseffekt in der Hydrodynamik . . . . ... ... ... ..
3.2.6 Zustandsgleichung . . . . . .. ..o oL

Plasmadiagnostik von dichten Wasserstofftropfen

4.1 Ultrakurzzeitkinetik von laser-induzierten Wasserstofftropfen. . . . . . . .
4.2  Kurzzeitkinetik von laser-induzierten Wasserstofftropfen . . . . . . . . ..
4.3 Thomsonstreuung an laser-induzierten Wasserstofftropfen . . . . . . . ..
4.4 Bestimmung der Relaxationszeit . . . . .. .. ... .. ... ... ...

24
24
27
30
35

36
39
41
41
43
44

48
48
48
51
54
o7
60
60

67
70
72
74
76



2 Inhaltsverzeichnis
5 Plasmadiagnostik von dichten Heliumtropfen 89
5.1 Ultrakurzzeitkinetik von laser-induzierten Heliumtropfen . . . . . . . . .. 89
5.2  Thomsonstreuung an laser-induzierten Heliumtropfen . . . . . . . . . . .. 92
6 Plasmadiagnostik von dichten Kohlenstofffolien 96
6.1 Ultrakurzzeitkinetik von laser-induzierten Kohlenstofffolien . . . . . . .. 96
6.2 Thomsonstreuung an laser-induzierten Kohlenstofffolien . . . . . .. . .. 101
7 Zusammenfassung und Ausblick 104
7.1 Zusammenfassung . . . . ... 104
7.2 Ausblick . . . .. 105
Literatur 106









1 Einleitung

Im Bereich der dichten Plasmen wird in dieser Arbeit speziell die warme und heifle, dichte
Materie untersucht, die durch Elektronendichten im Bereich von Festkorperdichten und
Temperaturen von einigen Elektronenvolt (im Bereich der Fermitemperatur) im Fall von
warmer Materie und einigen 100 Elektronenvolt (oberhalb der Fermitemperatur) im Fall
von heiffer Materie [1,2| gekennzeichnet ist. Diese Materie ist von fundamentalem Inter-
esse fiir eine Vielzahl physikalischer Anwendungen, unter anderem zum Verstdndnis von
Planeten- und Sterneninneren in der Astrophysik [3-6] und fiir die Trégheitsfusion |7, 8].
Durch die diagnostischen Methoden der Spektrallinien- oder der Bremsstrahlungsunter-
suchung, aber auch durch die Methode der Thomsonstreuung von Rontgenstrahlen kann
solche Materie untersucht werden. In der Methode der Thomsonstreuung liegt speziell in
der Durchdringung und der daraus resultierenden Auflésung des Inneren der Materie ein
Vorteil gegeniiber den anderen Methoden. Diese Methode wurde anfangs aufgrund des
Fehlens von intensiver Rontgenstrahlung nur auf diinne Materie [9, 10|, spéter auch auf
Halbleiter und Metalle [11-13] angewendet. Heute wird die Methode der Thomsonstreu-
ung von Rontgenstrahlen in zahlreichen Experimenten an warmer und dichter Materie
genutzt [14-25|, wobei bisher vorwiegend homogene Plasmen betrachtet wurden, da die
verwendeten Rontgenquellen Pulsdauern im Nanosekundenbereich aufweisen, in denen
das erzeugte Plasma durch Transporteffekte homogen wird.

Die Entwicklung und Inbetriebnahme von Freie Elektronen Lasern (FEL), wie die Li-
nac Coherent Light Source (LCLS), Stanford [26], der Free-electron-LASer Hamburg
(FLASH) [27] oder in Zukunft der European X-ray Free-Electron-Laser (XFEL), Ham-
burg [28], erlaubt aufgrund ihrer kurzen Pulsdauern seit einigen Jahren die Anwendung
der Thomsonstreuung auch auf Beprobung von Prozessen auf ultrakurzen Zeitskalen
im Bereich von einigen 10 Femtosekunden [29,30] und wurde in verschiedenen theo-
retischen Arbeiten untersucht [31,32]. Daher ist seither die Untersuchung der Licht-
Materie-Wechselwirkung mit Hilfe von Pump-Probe-Experimenten, mit einem optischen
Laser zur Plasmaerzeugung und einem FEL zur Plasmadiagnostik, von Interesse. In
diesen Experimenten kann der Prozess der Wechselwirkung von Laserpulsen mit Plas-
men durch die Methode der Thomsonstreuung dynamisch diagnostiziert werden [29],
wodurch die Ultrakurzzeitkinetik dieses Prozesses aufgelost wird. Fiir die Simulation sol-
cher Pump-Probe-Experimente miissen Methoden zur Beschreibung der Laser-Materie-
Wechselwirkung [33-35] mit der Berechnung von Thomsonstreuspektren [15,36,37] kom-
biniert werden, was bereits in [38] begonnen und im Rahmen dieser Arbeit auf die
Wechselwirkung intensiver optischer Laserpulse mit dichten Plasmen ausgeweitet wur-
de. Aufbauend auf Simulationen der Licht-Materie-Wechselwirkung, wie particle-in-cell
[39,40] und strahlungs-hydrodynamischen Simulationen [41,42], wird die Thomsonstreu-
ung iiber die Born-Mermin-Approximation (BMA) [43,44| aus den simulierten, inhomo-
genen Dichte- und Temperaturprofilen berechnet und untersucht. In dieser Arbeit werden
dazu Pump-Probe-Experimente an Wasserstoff- und Heliumtropfen sowie Kohlenstofffo-
lien simuliert und die resultierenden Thomsonstreuspektren berechnet. Damit kann die
Licht-Materie-Wechselwirkung und ihre Diagnostik auf ultrakurzen Zeitskalen mit den
in dieser Arbeit entwickelten Methoden simuliert und beschrieben werden.

In diesem Kapitel werden die Grundlagen fiir das Verstdndnis der Licht-Materie-
Wechselwirkung und der Thomsonstreuung gelegt. Dazu wird im ersten Abschnitt die
warme und heifle, dichte Materie und ihre Eigenschaften eingefiihrt, um anschlieffend die
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Thomsonstreuung an solcher Materie zu beschreiben. Danach wird die Licht-Materie-
Wechselwirkung zur Erzeugung warmer, dichter Materie erldutert. Abschlieffend werden
die Ziele dieser Arbeit aufgefiihrt.

1.1 Grundlagen der Plasmaphysik

Als Plasma wird Materie bezeichnet, die aus freien Ladungstridgern, die ein kollekti-
ves Verhalten aufweisen, zusammengesetzt ist. Hier werden nur Plasmen betrachtet, die
aus Atomen, Ionen und Elektronen bestehen. Zwischen allen geladenen Teilchen wirken
Coulombkrifte Fg oc r2, aufgrund deren Langreichweitigkeit jedes Teilchen mit allen
anderen Teilchen im Plasma wechselwirkt. Das macht die Berechnung eines Plasmas, das
aus etwa 1023 cm™2 Teilchen besteht, sehr schwierig.

Zuerst werden die Grundlagen der Plasmaphysik und die Klassifizierung von Plasmen
vorgestellt. Anschlieffend wird auf den wichtigen Aspekt der Abschirmung von Ladungs-
trigern eingegangen, mit dem das Problem der langreichweitigen Coulombkrifte ver-
einfacht wird. Abschliefend werden die Prozesse der Ionisation und Rekombination von
Plasmen erlautert.

1.1.1 Warme und heiRe, dichte Materie und Plasmaparameter

In dieser Arbeit wird die Thomsonstreuung an warmer und heifter, dichter Materie un-
tersucht [2,4,15]. Diese Materie ist gekennzeichnet durch Dichten von verdiinnter bis hin
zu komprimierter Materie von ~ 10%° —10?® ¢cm ™3 und Temperaturen von ~ 0.1 —100 eV
im Fall von warmer und iiber 100 ¢V im Fall von heifler Materie. Sie spielt eine wichtige
Rolle im Inneren von Planeten und Sternen [3,45,46| als auch in der Trigheitsfusion
(Inertial Confinement Fusion (ICF)) [8,47] und ist daher von grofem wissenschaftlichem
Interesse.

Ein Plasma kann entsprechend seiner Dichte und Temperatur beim Auftreten entar-
teter Zustdnde Quanteneigenschaften aufweisen. Das ist bei hohen Dichten und kleinen
Temperaturen der Fall. Dann gehen die Fermionen in den Grundzustand des Systems
iiber, in dem Energiezustdnde zweifach besetzt und somit entartet sind. Mit dieser Ent-
artung tiberwiegt der Einfluss der quantenstatistischen Effekte gegeniiber dem Einfluss
der thermischen Bewegung und kann dadurch durch n.A? > 1, mit der thermischen Wel-
lenléinge A. = +/(27h%)/(mckpT.) und c als Sortenindex fiir Elektronen und Ionen, als
entartet betrachtet werden. Im Allgemeinen werden Plasmen nach ihren Quanteneffekten
iiber den Entartungsparameter 6 klassifiziert. Dieser Parameter wird als das Verhéltnis
zwischen Temperatur und Fermienergie Ep eingefiihrt [15,48|,

kpT, _ K2 2/3
0, — EF mit By = (250 + 1)~ (3n%n.)”

(1.1)

und der Spinquantenzahl s. Demnach wird fiir & > 1 ein klassisches Plasma erwartet,
da aufgrund der hohen Elektronentemperatur der Grundzustand geniigend entvolkert
ist, um keine Entartung zu beobachten. Im Gegensatz dazu ist fiir § < 1 aufgrund des
stark besetzten Fermionengrundzustandes ein entartetes Plasma zu beobachten, wodurch
Quanteneigenschaften berticksichtigt werden miissen.

Zusétzlich zur Klassifizierung nach ihren Quanteneigenschaften kénnen Plasmen nach
der Stérke der mikroskopischen Wechselwirkungen zwischen den Plasmabestandteilen



1.1 Grundlagen der Plasmaphysik 7

charakterisiert werden. Dazu wird der Kopplungsparameter I' eingefiihrt, der als Verhélt-
nis zwischen der Coulombenergie E¢ zwischen zwei Teilchen mit dem mittleren Abstand
d und der kinetischen Energie Ey;, definiert ist. Dieser Parameter hat die Form [15]

E e2 d3 2
I=—S mit B, = ——, Egn = (250 + 1)/71’ Fopt—,
2me

1.2
Ekin 47T€0d (27Th)3 ( )

dem Wigner-Seitz-Radius d = 1/{/4mn./3, der dielektrischen Feldkonstante £¢, der Fer-
miverteilungsfunktion f., des Teilchenimpulses p und des Teilchensortenindexes ¢, wobei
sich die kinetische Energie in einem nicht entarteten System zur thermischen Energie
Fiin = kT vereinfacht. Wenn I' < 1 gilt, ist das Plasma schwach gekoppelt. Das heifst,
dass die Wechselwirkungen zwischen den Teilchen schwach sind, da die Elektronen auf-
grund ihrer thermischen Energie zu schnell sind, um mit anderen Teilchen wechselwirken
zu konnen. Auf einem hinreichend langen Zeitraum “spiirt” das Elektron aufgrund seiner
Relativgeschwindigkeit zum benachbarten Teilchen dessen Potential nicht. Demnach wird
fir I' > 1 ein stark gekoppeltes System beobachtet, da hier die Coulombkraft aufgrund
der geringen thermischen Energie langer auf die langsamen Teilchen wirken kann.

Die zuvor eingefiihrten Plasmaparameter 6 und I' sind mit einigen wichtigen Plas-
men in Abbildung 1.1 dargestellt. Demnach koénnen die zu untersuchenden Plasmen der
warmen und heifsen, dichten Materie sowohl stark und schwach gekoppelt als auch ent-
artet und nicht-entartet sein. Daher ist es wichtig eine umfassende Beschreibung dieser
Plasmen fiir die Berechnung der Thomsonstreuung zu besitzen, da storungstheoretische
Entwicklungen, wie die Virial- oder die Sommerfeldentwicklung, in stark gekoppelten
Systemen nicht ausreichen und nur das qualitative Verhalten liefern [49].

1.1.2 Abschirmung

Wie bereits erwiahnt wurde, kann aufgrund der Langreichweitigkeit der Coulombkraft
jedes Teilchen mit jedem anderen Teilchen in einem Plasma wechselwirken. Damit kann
durch die Berechnung dieser Krifte, die auf alle der etwa 10
vollsténdige Plasma charakterisiert werden. Da das allerdings mit heutigen Computer-
systemen im klassischen Fall nur auf maximal einige 10° Teilchen [52,53] anwendbar ist,
bedient man sich zur Vereinfachung statistischen Methoden.

cm 3 Teilchen wirken, das

Aufgrund der gegenseitigen Anziehung entgegengesetzter Ladungen schirmen sich ent-
gegengesetzt geladene Teilchens ab, wodurch die effektive Ladung eines betrachteten
Teilchens fiir weiter entfernte Teilchen stark herabgesetzt ist. Dieser Aspekt der Abschir-
mung wird in der Plasmaphysik genutzt, um die Berechnungen der wirkenden Kréfte
drastisch zu vereinfachen. Es werden anstatt der Coulombpotentiale V (1) = €2/ (4meqr)
abgeschirmte Potentiale, wie das Debye-Potential

62

V) = e ™ (1.3)

mit dem inversen Abschirmradius fiir verschiedene Teilchensorten ¢

1 62m§/2 T 1/2 i
=—=|—=—— [dE,E; 1.4
5T \/§7r250h3/ v e ) Y

0
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Abbildung 1.1: Darstellung verschiedener Plasmen in der Dichte-Temperatur-Ebene. Ne-
ben der warmen und heiften, dichten Materie sind Plasmen fiir die Trég-
heitsfusion (ICF) [8,50] und Plasmen, die durch den LCLS [50], Réntgen-
laser [51], den FLASH [30] und den XFEL [36] erzeugt werden konnen,
dargestellt. Zusétzlich sind auch Plasmen, die im Universum, wie Braune
Zwerge und die Kerne von Sonne und Jupiter, vorhanden sind, aufge-
fithrt [36,51]. Fiir die Klassifizierung der Plasmen sind die Plasmapara-
meter der Entartung 6 und der Kopplung I' mit angegeben. Demnach
ist das Plasma im linken oberen (hohe Temperatur, geringe Dichten) Ge-
biet nicht-entartet und schwach gekoppelt (ideal), wohingegen die rechte
untere Ebene (geringe Temperaturen, hohe Dichten) ein entartetes und
stark gekoppeltes Plasma beinhaltet.

der Abschirmlédnge \g, dem Teilchenabstand r, der Teilchenenergie F, und der Fermi-
verteilungsfunktion f., des Teilchenimpulses p, benutzt. Dieser Abschirmradius kann
fiir klassische Punktteilchen in einem System im thermischen Gleichgewicht zu k3 =
>-.(en.)/(eokpT) vereinfacht werden. Das erleichtert die Simulation von Plasmen, da
damit nicht mehr ein Potential mit unendlicher Reichweite betrachtet werden muss.

1.1.3 lonisation

In dieser Arbeit werden laser-induzierte Plasmen betrachtet. Das heifst, dass auch die
Entstehung eines Plasmas eine wichtige Rolle spielt. Die Plasmaerzeugung in einem neu-
tralen System erfolgt durch lonisationsprozesse, die verstanden werden kénnen, wenn das
Atom, wie in Abbildung 1.2 gezeigt, im Schalenmodell betrachtet wird. In diesem Modell
kénnen die gebundenen Elektronen durch &ufsere Energiezufuhr in angeregte Zustdnde
oder ins Kontinuum iibergehen. Man spricht beim letzteren Ubergang von der Ionisati-
on, da das Elektron als nicht beziehungsweise schwach gebunden betrachtet werden kann.
Durch Energieverlust konnen Elektronen dementsprechend auch spontan oder durch au-
fere Einfliisse aus dem Kontinuum in gebundene, diskrete Zusténde iibergehen. Dieser
Prozess nennt sich Rekombination, bei dem die Zahl der freien Ladungstrager verringert
wird. Ferner konnen auch Uberginge von Elektronen aus gebundenen Zusténden hoherer
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Abbildung 1.2: Illustration des Schalenmodells eines Atoms fiir die Darstellung von lo-
nisations-, Rekombinations- und Absorptionsprozessen. Dargestellt sind
die diskreten, gebundenen als auch die freien Zustéinde des Kontinuums
eines Atoms. Das Kontinuum kann sich abhéngig von der Plasmadichte
absenken.

Energie in Zustdnde niedrigerer Energie geschehen.

Nach den obigen Uberlegungen muss fiir die Erzeugung eines Plasmas Energie aufge-
wendet werden, um die Elektronen ins Kontinuum anzuheben und somit zu ionisieren.
Diese Energie kann dem Material zum Beispiel durch Photonenenergie eines Laser zuge-
fiihrt werden. Somit muss fiir die Betrachtung eines dufseren Laserfeldes der Prozess der
Feldionisation untersucht werden, bei dem das Laserfeld das Ionenpotential derart modi-
fiziert, dass die Kontinuumskante herabgesenkt wird. Dadurch kann die Elektronenener-
gie oberhalb der Kontinuumskante liegen, womit die Elektronen aus dem Ionenpotential
“herausfallen” oder die Elektronen durch das abgesenkte Ionenpotential hindurchtunneln
koénnen. Dieser Prozess ist in Abbildung 1.3 dargestellt.

Wenn geniigend freie Elektronen vorhanden sind, die durch den Laser beschleunigt
wurden, kénnen diese durch Stofse Energie an gebundene Elektronen abgeben, die wie-
derum in den freien Zustand {ibergehen konnen. Dieser Prozess wird als Stofsionisation
bezeichnet. Weiterhin steigt durch den Gewinn an freien Elektronen der Elektronendruck,
was dazu fiihrt, dass durch Wechselwirkungen zwischen den Ionen die Kontinuumskante
herabgesenkt wird und somit eine geringere Energie fiir Ionisationen aufgewendet werden
muss. Dieser Abschirmungsprozess charakterisiert den Motteffekt, der speziell in dichten
Plasmen von Bedeutung ist.

Da sich auf lange Zeiten im Piko-Nanosekundenbereich das Plasma abkiihlt, kann es in
dieser Zeit aufgrund von Elektroneneinfang durch die Ionen zu Rekombinationsprozessen
kommen. In Hinsicht auf in dieser Arbeit betrachtete Probleme geschieht dieser Prozess
auf relativ langen Zeitskalen, so dass Rekombination innerhalb dieser Arbeit weniger
interessant ist.

Die Ionisations- und Rekombinationsprozesse konnen mittels Massenwirkungsgeset-
zen |54] oder im Gleichgewicht durch die aus Massenwirkungsgesetzen abgeleitete Saha-
Gleichung [55] beschrieben werden. In dieser Arbeit wird der Ionisations- und Rekombi-
nationsprozess mit Hilfe der Ratengleichung [56,57| als auch in einem mikroskopischen
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— Atompotential
— Potential des Lasers
— Elektronenbesetzungszustande

Potential

Abbildung 1.3: Darstellung eines Atompotentials (links) und eines Atompotential im
Einfluss eines Laserfeldes (rechts). Eine Modifikation des Atompotenti-
als durch das Laserfeld bewirkt eine Reduzierung der Anzahl der Beset-
zungszustande. Hierbei kann dieser Prozess das Atompotentialmaximum
unterhalb des Grundzustandes verschieben, wodurch die Atome sofort
vollsténdig ionisieren kénnen. Durch das Absenken des Atompotentials
entsteht ein Potentialwall, durch den die gebundenen Elektronen hin-
durchtunneln kénnen.

Bild [58,59| beschrieben. Im Kapitel 3 werden diese Methoden vorgestellt.
Da die Erzeugung eines Plasmas aus einem elektrisch neutralen Material erfolgt, muss
fiir das gesamte Plasma die Ladungsneutralitit

z
Ne = Z Zeni e (1.5)
(&

gelten, mit der freien Elektronendichte n. und den Dichten n; . der Z.-fach geladenen
Ionen der Kernladungszahl Z. Aufferdem kann einem Plasma ein mittlerer Ionisationsgrad

7y = e Zeic _ e (1.6)

Zc nl’,c B nl’
zugeordnet werden, wobei n; die Dichte der schweren Teilchen darstellt, also alle Atome
und alle verschieden geladenen Ionen.

1.2 Thomsonstreuung

Die Diagnostik von laser-induzierten Plasmen wird in dieser Arbeit mittels Thomson-
streuung realisiert [37]. Hier wird speziell die Streuung von Rontgen-Strahlung in ei-
nem Wellenlédngenbereich von einem Pikometer bis zu 10 Nanometer (Frequenzspektrum:
w ~ 1017 — 10%! Hz) genutzt, da diese in der Lage ist, die betrachtete warme und heife,
dichte Materie zu durchdringen und somit Streuungen im Inneren der Materie moglich
werden. In Abbildung 1.4 ist der Absorptionskoeffizient fiir die Absorption der inversen
Bremsstrahlung in Abhéngigkeit von der Elektronendichte und der Laserkreisfrequenz zu
sehen. Unterhalb der von der Laserwellenlinge abhéngigen kritischen Dichte ng, die in
Abschnitt 1.3 naher erldutert wird, ist kaum eine Absorption zu beobachten. Das heifst
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auch, dass oberhalb einer bestimmten kritischen Laserfrequenz, die durch die Elektro-
nendichte des Plasmas gegeben ist, keine Absorption zu sehen ist. Daher kann Réntgen-
strahlung dichte Materie durchdringen. Wie im Folgenden vorgestellt, werden fiir die hier
zu beschreibende Plasmadiagnostik aufgrund der Ineffizienz der Thomsonstreuung hohe
Photonendichten benétigt, die Strahlungsquellen, wie Freie Elektronen Laser, zur Ver-
fligung stellen konnen. In diesem Abschnitt wird kurz auf den allgemeinen Prozess der
betrachteten Diagnostikmethode und seine Anwendung in vergangenen Experimenten
eingegangen.

60— 4 70 S
- = Nn_ (W 1 [
“E 50 ) ¢ 60 - - «lng)
3 I
s | ' =0
= 40+ 1 350 4
S 1 c |
e | | ks
= | N 40 *
o 30 | 5 L
2 o
é r : % 30 B
S 20- 1 S r
= | go0 *
210 I 2 |
< | 1 -210 B
fo ot — | | [ |
107 107 1072 107 o) 100

n, [cm'?’]

Abbildung 1.4: Darstellung der Absorption durch die inverse Bremsstrahlung in Ab-
hangigkeit von der Elektronendichte (links) und der Laserkreisfrequenz
(rechts). Die Absorption wurde hier mit Hilfe des Drude-Modells mit
dem Spitzer-Formalismus fiir die Stofsfrequenz berechnet und wird im
Abschnitt 2.1.1 eingefiihrt. Es wird ein einfach ionisiertes Plasma mit der
Temperatur 7' = 10 eV und der Dichte n = 5-10*2 cm ™3 (rechts), das mit
einem Laser der Wellenlénge A = 800 nm (links) bestrahlt wird, betrach-
tet. In den Abbildungen ist die Frequenz der kritischen Dichte w(ne;)
beziehungsweise die kritische Dichte n., eingetragen. Im linken Bild kann
beobachtet werden, dass oberhalb der kritischen Dichte die Absorption
der inversen Bremsstrahlung dominant wird, wohingegen auf der rechten
Seite das fiir Frequenzen unterhalb der kritischen Frequenz der Fall ist.

1.2.1 Grundlagen

Die Thomsonstreuung in Dipolnéherung beschreibt die Streuung von Photonen an Elek-
tronen in Form von Dipolstrahlung und ist in Abbildung 1.5 dargestellt.

Zum Verstdndnis der Thomsonstreuung als Dipolstrahlung kann ein einfaches Oszilla-
tormodell eines einzelnen Elektrons der Masse m, mit dem Ortsvektor r als angeregte,
gedampfte, harmonische Schwingung im elektromagnetischen Feld betrachtet werden [60],

Mef 4+ Mk + mewir = —eE(t). (1.7)

Dabei wird die Dampfung der Elektronenbewegung durch den Dampfungskoeffizienten
v, die Eigenschwingung der Elektronen mit wy und das externe, elektromagnetische Feld
als E bezeichnet. Hierbei kann das entstehende Dipolmoment, unter dessen Wirkung
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Abbildung 1.5: Darstellung des elektrischen Feldes der Dipolstrahlung eines Elektrons in
der oberen Illustration und des entsprechenden, schematischen Streupro-
zesses in der unteren Illustration. Das Elektron wird von einer ebenen
Welle in der x-y-Ebene als Laserpolarisationsebene angeregt, wobei die
Dipolstrahlung im oberen Bild farblich dargestellt ist (Maximum=gelb,
Minimum=schwarz, 0=rot). Daraus ist ersichtlich, dass in Richtung des
elektrischen Feldes der einlaufenden Welle Eg keine Dipolstrahlung zu
beobachten ist, wohingegen fiir ¢ = 90° bei konstantem Abstand zum
Elektron ein konstantes Feld der Dipolstrahlung zu beobachten ist. In
der unteren Ebene ist der Wellenzahlvektor k = k; — k; mit den Streu-
winkeln ¢ und 6 zu sehen.

die Photonen anschliefsend mit einer Leistung von P ~ d? (wird weiter unten gezeigt)
emittieren, als

2

d=—er= e_# (1.8)

Me Wi — w? — ivw

geschrieben werden, wodurch man zwei Arten der Dipolstrahlung unterscheiden kann.
Eine Art der Dipolstrahlung, in der die Eigenschwingung der Elektronen wg wesentlich
kleiner als die Frequenz des eingestrahlten Feldes w > wy ist, bezeichnet die klassische
Thomsonstreuung, die die elastische Streuung von elektromagnetischen Wellen an freien
Elektronen mit der Eigenschwingung der Plasmafrequenz

Nee?

(1.9)

Wpl,e = -
beschreibt. Wenn hingegen w < wy gilt, erhélt man die zweite Art der Dipolstrahlung, die
Rayleighstreuung, die die elastische Streuung von Photonen an gebundenen Elektronen
mit der Eigenschwingung auf der gebundenen Elektronenbahn charakterisiert. Weiterhin
tritt diese Streuung nur an Teilchen auf, die klein im Vergleich zur Wellenldnge der
Strahlung ist. Ansonsten wiirden keine harmonischen Schwingungen der Elektronen zu
beobachten sein.
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Wenn im Gegensatz zur bisherigen klassischen Beschreibung der Welle-Teilchen-Dualis-
mus und speziell die endlichen Impulse p, = hk,, der Photonen beriicksichtigt wird, kann
auch Energie zwischen den wechselwirkenden Photonen und Teilchen ausgetauscht wer-
den. Das charakterisiert den Comptoneffekt, der hier nur auf die Streuung an Elektronen
angewendet wird, obwohl dieser Effekt bei allen Photonen-Teilchen-Wechselwirkungen
auftritt, und den Riickstofs der Elektronen aufgrund der Wechselwirkung mit den Photo-
nen beschreibt. Dieser Energieiibertrag hat eine Energieverschiebung AE = E; — E; des
gestreuten Photons der Energie £y im Vergleich zum eingestrahlten Photon der Energie
E; zur Folge. Unter diesem quantenmechanischen Ansatz kann eine inelastische Streu-

ung an Elektronen definiert werden, bei der die Energieverschiebung winkelabhéngig und
durch

hw(1 — cos )
mec?/(hw) +1 — cos @

AE = (1.10)
gegeben ist. Zusétzlich kann zwischen dem einfallenden k; und auslaufenden k; Photon
eine Wellenzahlvektorédnderung k = ky — k; beobachtet werden.

Bei den im Folgenden betrachteten Plasmen ist anzumerken, dass an einer Vielzahl von
freien Elektronen gestreut wird. Diese Elektronen werden keineswegs alle dieselbe Ge-
schwindigkeit aufweisen, sondern unterliegen einer statistischen Geschwindigkeitsvertei-
lung. Deshalb wird sich das Streusignal von einem scharfen Peak zu solch einer Verteilung
verbreitern, die die Geschwindigkeitsverteilung der Elektronen im Plasma charakterisiert.
Also entspricht diese Verteilung im klassischen Fall der Maxwell-Boltzmannverteilung
und im entarteten Fall der Fermiverteilung.

Wie zuvor beschrieben, hat der quantenmechanische Riickstofs der Elektronen beim
Comptoneffekt somit einen grofsen Einfluss auf die Streuung an freien Elektronen. Dieser
Einfluss ist auch bei gebundenen Elektronen zu beobachten. Allerdings besitzen die ge-
bundenen Elektronen die Gesamtmasse des Elektron-Ion-Systems, wodurch in Gleichung
(1.10) die Gesamtmasse bei der Berechnung der Energieverschiebung herangezogen wer-
den muss. Im Gegensatz zu der Streuung an freien Elektronen féllt die Energieverschie-
bung der gestreuten Photonen beim Comptoneffekt sehr gering aus. Dennoch existiert
aufgrund der diskreten Energiezustinde im Ion ein weiterer inelastischer Streuprozess.
Es handelt sich um die Ramanstreuung, bei der das einfallende Photon das gestofene
Elektron in einen energetisch hoheren Zustand anregen kann und die Photonenenergiever-
schiebung bei der Elektronen-Photonen-Wechselwirkung durch die diskrete Linienstrah-
lung (zu schmal um im Experiment aufgelost zu werden) oder durch die kontinuierliche
Ionisationsstrahlung gegeben ist, die somit materialspezifisch ist.

Wenn noch einmal die Streuung an freien Elektronen genauer betrachtet wird, kann
ein weiterer Streueffekt identifiziert werden. Aus durch dufsere elektromagnetische, in-
nere induzierte oder Mikrofelder verursachte Elektronendichtefluktuation koénnen freie
Elektronen Oszillationen um die Ionen ausfiihren. Diese Bewegung nennt sich Plasmon
und ist ein Quasiteilchen aus dem Elektronenverband vor dem Hintergrund der Ionen.
An den Plasmonen kann ebenfalls gestreut werden, wenn sich innerhalb der Wellenlénge
der eingestrahlten elektromagnetischen Welle ein Verband an Elektronen befindet. Zur
Klassifizierung der Streuung an den verschiedenen Strukturen wird der Streuparameter

a=—n~52 (1.11)
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dem Vergleich zwischen Laserwellenldnge A und dem Abschirmradius Ag, eingefiihrt [61],
der zum Verstdndnis in Abbildung 1.6 illustriert ist. Hier charakterisiert k& die Wellenzahl
und kg = 1/\g den inversen Abschirmradius. Durch den Streuparameter kann somit zwi-
schen dem Auftreten der inelastischen Thomsonstreuung an einzelnen Elektronen o < 1
(nicht-kollektive Streuung) und an Plasmonen o > 1 (kollektive Streuung) unterschieden
werden. Aufgrund der resonanten Streuung an den Plasmonen bei a > 1 wird im Ge-
gensatz zur Streuung an einzelnen Elektronen in der Photonenenergieverschiebung die
Dispersion der Plasmonen

2
NS W ) 3Wkel 1.12)

pl e Me

beobachtet [62]. Hierbei wurde die Plasmafrequenz des Elektronensystems (1.9) und die
thermische Energie der Elektronen kT, benutzt. Analog kann diese inelastische Streu-
ung an einem Verband von Teilchen auch bei der Rayleighstreuung beobachtet wer-
den [63]. Es handelt sich um die Streuung an ionen-akustischen Wellen. Allerdings ist die
Ionenmasse wesentlich grofer als die Elektronenmasse, wodurch die Streuung an ionen-
akustischen Moden aufgrund des fehlenden Auflésungsvermégens der Detektoren in Ex-
perimenten, die in dieser Arbeit betrachtet werden, nicht untersucht werden kann. Als
Beispiel kann aus Gleichung (1.12) bei vernachléssigbar kleiner Wellenzahl und n; = n,
das Verhéltnis der Resonanzfrequenz der Plasmonen zu ionen-akustischen Wellen als
AFE/AFEiy ~ \/mi/me ~ 43 angegeben werden, was bei einem Experiment an Wasser-
stoff mit der Elektronendichte n, = 5 - 102 cm™> und AE = 8.3 ¢V einer Energiever-
schiebung von AFEj,, = 0.2 eV entspricht. In der Festkorperphysik kann die inelastische
Rayleighstreuung durch die Streuung an Ionengitterschwingungen, sogenannten Phono-
nen, beobachtet werden. Mit Hilfe von im Vergleich zu Photonen energetisch hoheren
Teilchen kann die inelastische Rayleighstreuung auch in der Festkorperphysik nachgewie-

sen werden [64].
o

\ ///\D®

DY

o ©

Abbildung 1.6: Illustration des Streuparameters a ~ Ap/A. Wenn der Proportionalitéts-
faktor in Gleichung (1.11) eins wére, also &« = Ap/A, wiirde in diesem
Beispiel nicht-kollektive Streuung @ < 1 beobachtet werden, da die Wel-
lenlédnge des Laser A kleiner als die Debye-Abschirmldnge Ap ist. Es ist zu
sehen, dass dann nur an einzelnen Teilchen in der Debye-Kugel gestreut
wird. Daher werden nur einzelne Elektronen anstatt Plasmonen angeregt.
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Als Beispiel fiir die verschiedenen Streuarten sind in Abbildung 1.7 die entsprechenden
Streuspektren eines Kohlenstoffplasmas der Ionendichte n; = 1.13 - 10?® cm ™3, der Elek-
tronentemperatur T, = 17.5 eV und des Ionisationsgrads Zy = 2, das mit einem Laser
der Wellenldnge von A = 0.5 nm bestrahlt wird, fiir einen Streuwinkeln von g = 20° und
fs = 160° dargestellt. Zu sehen sind die Ramanstreuung, die elastische Rayleighstreuung,
die hier durch das fehlende Auflésungsvermogen der Instrumente und der Bandbreite des
Streulasers durch ein Gaufprofil mit der “Full Width at Half Maximum” (FWHM) von
5 eV verbreitert ist, und die elastische, kollektive und nicht-kollektive Thomsonstreuung.
Es ist gut zu erkennen, dass die Ramanstreuung eine scharfe Kante bei der lonisations-
energie des zweifach ionisierten Kohlenstoffs besitzt, da erst dann die fiir diese Streuung
benstigten lonisationen auftreten konnen. Diese Kante kann in dichten Plasmen durch
den Motteffekt zu kleineren Energien hin verschoben werden [65].

0.15 ———— ‘ ‘ 0.03 —
— Thomsohstreuung — Thomsohstreuung
|l — Ramanstreuung |l — Ramanstreuung
— Rayleighstreuung — Rayleigfjstreuung
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o 01- ’ . ® 0.02- of R
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Abbildung 1.7: Darstellung der gestreuten Leistung je Raumwinkel- d€2 und Frequenzele-
ment dw in Abhéngigkeit der Photonenenergieverschiebung AFE an einem
homogenen Kohlenstoffplasma der Dichte n; = 1.13-10%3 ecm ™3, der Tem-
peratur T, = 17.5 eV und des Ionisationsgrads Z; = 2 mit einer Wellen-
linge von A = 0.5 nm unter einem Streuwinkel g = 20° und fg = 160°.
Es sind die elastische Ramanstreuung, die elastische Rayleighstreuung als
auch die inelastische, kollektive Thomsonstreuung (links) und die inelas-
tische, nicht-kollektive Thomsonstreuung vergrofert (rechts) zu beobach-
ten. Das Maximum der nicht-kollektiven Streuung ist durch die Comp-
tonverschiebung (1.10) versetzt. Zur Verdeutlichung der Ramanstreuung
ist die Ionisationsenergie von zweifach ionisiertem Kohlenstoff I,(C?T)
eingezeichnet, unterhalb der keine Ramanstreuung zu beobachten ist.

Die Thomsonstreuung kann damit als diagnostisches Werkzeug genutzt werden. Der
entscheidende Nachteil der betrachteten Diagnostikmethode ist der geringe Streuquer-
schnitt der Thomsonstreuung. Da der Thomsonstreuprozess die Dipolstrahlung der Elek-
tronen im transversalen Feld des zu streuenden Lasers darstellt, kann die eingestrahlte
Leistung pro Fliche als S = gocE? eingefiihrt werden [60, 66]. Das Feld der Dipol-
strahlung einer beschleunigten Punktladung der Geschwindigkeit v < ¢ wird aus den
Liénard-Wiechert Potentialen als |E| = (eusin 0)/(4meo Rc?) abgeleitet [60]. Dabei ist R
der Abstand zwischen Dipolstrahler und Beobachter. Diese Ndherung kann in den be-
trachteten Plasmen aufgrund der Geschwindigkeit der oszillierenden Elektronen von etwa
u ~ 10% m/s < ¢ benutzt werden. Fiir die Berechnung der gestreuten Leistung
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dw e0e?? 9 e d?
P=—=[dAS=———— [ dQsin“ 0 = = 1.13
dt 16723 c? / i 6meged  6megc? (1.13)

kann das Dipolmoment d aus der elektrischen Kraft m.d = meei = eF = e2EyE sin(wot),
mit dem Einheitsvektor des elektrischen Feldes E, gewonnen werden. Das fiihrt zum
mittleren Streuquerschnitt (mit (sin? wot) = 0.5)

472 4
e*E 1 e 8
= P/(Spad) = 0 = = — 72 =0.665 x 107* cm?. (1.14
or /(Skaia) 6regm2cd egcER  6medm2ct 3 "0 8 em”. (1.14)

Dabei wurde der klassische Elektronenradius 79 = €?/(4megmec?) genutzt. Durch diesen
Streuquerschnitt ist die kleine Ausbeute an gestreuten Photonen ersichtlich. Daher ist es
wichtig Strahlungsquellen mit hohen Photonendichten zu nutzen.

1.2.2 Experimente

In diesem Abschnitt wird kurz auf die wichtigsten Experimente zur Diagnostik mit-
tels Thomsonstreuung an warmer, dichter Materie eingegangen. Die Thomsonstreuung
wurde aufgrund des kleinen Thomsonstreuquerschnittes (1.14) erst mit Aufkommen von
Lasern als Diagnostikmethode fiir Plasmen interessant [15]. Zu dieser Zeit konnten nur
verdiinnte Plasmen bis zu n. = 102! cm™ untersucht werden, da bis dahin die Laser
nur bis ins nahe ultraviolette Frequenzspektrum (w =~ 10 — 106 Hz) reichten [9,10,67],
die dichte Plasmen oberhalb von n, = 10! em™ aufgrund ihrer hohen Plasmafrequenz
Wple = 5-10'* Hz nur schwer durchdringen kénnen (siehe Abbildung 1.4) und stattdessen
durch den in Abschnitt 1.3 erlauterten Prozess der inversen Bremsstrahlung absorbiert
werden. Mit der Nutzung von Synchrotronstrahlung als Rontgenquelle fiir die Diagnostik
wurden mit Hilfe der Thomsonstreuung auch Metalle und Halbleiter untersucht [11-13].
Um speziell warme und heifse, dichte Materie zu untersuchen, sind Rontgenstrahlungs-
quellen im Frequenzbereich von w = 107 — 102! Hz erforderlich, da diese auch Materie
mit Festkorperdichte und dariiber hinaus durchdringen kénnen und somit die Anwen-
dung von Streumethoden in diesem Regime erst moglich werden. Wie bereits erwéhnt,
miissen diese Quellen zusétzlich eine hohe Photonendichte aufweisen. Heute werden fir
die Erzeugung hoher Photonendichten sogenannte Riickstrahler realisiert, bei denen die
charakteristischen Emissionslinien von laser-induzierten Plasmen genutzt werden [19-25].
Als Kriterium dieser Riickstrahler muss mindestens eine Emissionslinie eine gute Umset-
zungseftizienz der optischer Laserenergie in emittierende Photonenenergie im Rontgenbe-
reich besitzen. Daher werden fiir solche Experimente optische Laser, die den Riickstrahler
nicht durchdringen kénnen, mit hohen Laserenergien von einigen Kilojoule, wie der Vul-
can Laser in Oxford [68] oder der Omega Laser in Rochester [69], verwendet, um eine
hohe Photonenausbeute im Roéntgenbereich zu erzielen. Aufgrund der langen festgelegten
Pulsdauer des Riickstrahlers von einigen Nanosekunden, kann mit dieser Methode das
Zeitverhalten eines Plasmas ausschliefslich im Nanosekundenbereich untersucht werden
kann.

Mit Hilfe der Riickstrahlermethode wurden bereits eine Reihe von Experimenten durch-
gefiihrt. Insbesondere Beryllium ist aufgrund der Nutzung als Hitzeschild und fiir die
Kompression des Fusionswasserstoffs bei der ICF von groffem Interesse. Dazu wird ein
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Abbildung 1.8: Gemessene und berechnete Thomsonstreuspektren eines homogenen Be-
rylliumplasmas [14], das von allen Seiten von 20 Pump-Lasern der Wellen-
linge von A = 351 nm und der Gesamtenergie von E = 10 kJ innerhalb
einer Nanosekunde erzeugt wird. Nach einer halben Nanosekunde wird
mit sieben Lasern der Energie FF = 3.5 kJ in einer Zeit von einer Na-
nosekunde ein am Beryllium anliegendes Material (CoHyCly) angeregt,
welches Rontgenstrahlung der Photonenenergie E, = 2.96 keV der Chlor
K, Linie emittiert. Diese emittierte Rontgenstrahlung streut am Berylli-
umplasma und wird unter einem Streuwinkel von 6 = 40° gemessen. Das
entsprechende Signal mit der optimalen Anpassung der Plasmaparame-
ter ist in Abbildung a) zu sehen. In Abbildung b) sind zum Vergleich
Berechnungen fiir verschiedene Plasmaparameter dargestellt.

laser-induziertes Berylliumplasma mit Hilfe von Riickstrahlern, zum Beispiel der L, Li-
nie von Zink [16,18,70,71] oder der K, Linie von Chlor [14,17,20,22,72-74|, untersucht,
dessen Thomsonstreuspektrum und dessen zugehorige Plasmaparameter in Abbildung
1.8 zu sehen sind [14].

Mit der Entwicklung von Strahlungsquellen mit Wellenldngen im Rontgenbereich und
mit hohen Photonendichten, den Freie Elektronen Lasern (FEL), sind weitere Strah-
lungsquellen fiir die Thomsonstreuung als Diagnostikmethode verfiigbar. Diese Quellen
besitzen variierbare Wellenldngen mit kurzen Bandbreiten. Der Vergleich der Photonen-
dichten verschiedener Rontgenquellen ist in Abbildung 1.9 dargestellt. Zudem besitzen
FELs kurze Pulsdauern von einigen 10 Femtosekunden mit hohen Photonenintensita-
ten, wodurch die Untersuchung des zeitlichen Verhaltens von laser-induzierten Plasmen
wéahrend und nach der Laser-Plasma-Wechselwirkung ermoglicht wird [30], wie erstmalig
in einem Experiment am FLASH [29] gezeigt wurde. In Abbildung 1.10 ist ein Ergeb-
nis dieses Experiments dargestellt. Daher steht zur Zeit die Untersuchung der Licht-
Materie-Wechselwirkung durch Pump-Probe-Experimente unter Nutzung von FELs im
Vordergrund.

Zur theoretischen Beschreibung solcher Experimente werden Methoden zur Berech-
nung der Laser-Materie-Wechselwirkung notwendig, die diesen Zeitbereich speziell fiir
hohe Laserintensitéten simulieren kénnen. Dazu kénnen Particle-In-Cell (PIC) Simula-
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Abbildung 1.9: Dargestellt ist die Photonenanzahl in Abhéngigkeit der Photonenenergie.
Eingetragen sind FELs, wie der FLASH und der mit koh&rentem Licht in-
duzierte FLASH (seeded FLASH), der XFEL und die LCLS, und verschie-
dene Beschleunigerringe zur Erzeugung von Synchrotronstrahlung, wie
die Berliner Elektronen-Speicherring Gesellschaft fiir Synchrotronstrah-
lung (BESSY), die Positron-Elektron-Tandem-Ring-Anlage III (PETRA
III) und der Super Photon RING-8 GeV (SPring-8). Daraus ist zu erken-
nen, dass die Photonendichte der FELs einige Grofsenordnungen oberhalb
der Photonendichte von Synchrotronquellen liegt. Darstellung nach [27].

tionen [39, 40, 75-78] verwendet werden, die diesen Zeitbereich von einigen 100 Fem-
tosekunden nach der Laser-Plasma-Wechselwirkung genauer simulieren als Strahlungs-
Hydrodynamik Simulationen [41,42,79-83|, die fiir Experimente mit Riickstrahlern Ver-
wendung finden. Fiir die Berechnung der Thomsonstreuspektren solcher Pump-Probe
Experimente werden in dieser Arbeit die aus PIC-Simulationen gewonnen Plasmapara-
meter verwendet.

1.3 Uberblick zu laser-induzierten Plasmen

Wie bereits erwahnt wurde, werden in den in dieser Arbeit betrachteten Experimenten fiir
die Plasmaerzeugung und -diagnostik Laser genutzt, welche mit dem zu betrachtenden
Material wechselwirken. Uber diese Laser-Materie-Wechselwirkung wird hier ein grober
Uberblick gegeben und die wichtigsten Prozesse vorgestellt.

Heutige Laser sind vielféltig einsetzbare Strahlungsquellen, deren Intensitdten durch
die Erh6hung der Leistung, die Verkleinerung des Strahlradius und der Pulsdauer in den
letzten Dekaden vergrofert wurden. Damit werden Laserintensitdten von bis zu einigen
10?2 W/cm?, wie beim Vulcan Laser in Oxford [68], und in naher Zukunft in der Extreme
Light Infrastructure (ELI) [84] Intensititen von bis zu 102* W /cm? erreicht.

Mit der Entwicklung der Laserintensititen muss auch die theoretische Beschreibung
der Wechselwirkung solch intensiver Laser mit Materie verbessert werden. Bei Laserinten-
sitidten von 10" W /cm? sind strahlungs-hydrodynamische Beschreibungen ausreichend,
um die Laser-Materie-Wechselwirkung zu beschreiben. Diese wurden in der Vergangen-
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Abbildung 1.10: Gemessene und berechnete Thomsonstreuspektren eines Wasserstoff-
plasmas, das vom FLASH der Photonenenergie £, = 91.8 €V, der Ener-
gie ¥ = 15 pJ wahrend einer Zeitdauer von 40 fs bestrahlt wird. Hierbei
heizt der FLASH-Puls den Wasserstofftropfen mit dem Durchmesser
d = 20 pm. Der selbe Puls der zur Erzeugung des Plasmas verwendet
wurde, wird auch zur Messung des Streuspektrums unter einem Winkel
von # = 90° genutzt. Diese sogenannte Selbstthomsonstreuung ermog-
licht die Messung der Thomsonstreuspektren an warmen, freien Elek-
tronen ohne gleichzeitiger Messung des Rayleighsignals, da innerhalb
des FLASH-Pulses die Ionen noch kalt sind. Die Berechnung der Thom-
sonstreusignale sind fiir verschiedene Elektronendichten (links) und ver-
schiedene Elektronentemperaturen (rechts) angegeben.

heit intensiv genutzt [85,86]. Fiir die Beschreibung der Laser-Materie-Wechselwirkung
mit hoheren Intensitdten wurden neue Methoden, wie die PIC-Simulationen, verwendet,
die neben strahlungs-hydrodynamischen Simulationen in dieser Arbeit Anwendung fin-
den. Mit diesen PIC-Simulationen wurden in naher Vergangenheit neue Phédnomene der
Laser-Materie-Wechselwirkung, wie Selbstfokussierung und Hole-Boring [87| oder Effek-
te der Mietheorie in sphérischen Plasmatropfen [88], beobachtet. Fiir die Nutzung von
Lasern ist somit das Verstandnis der Laser—Materie-Wechselwirkung unerlésslich, welche
in diesem Abschnitt behandelt werden soll.

Hier werden die grundlegenden Prozesse der Laser-Materie-Wechselwirkung qualita-
tiv eingefiihrt, um die wichtigsten davon im Kapitel 2 quantitativ zu beschreiben. Um
diese Wechselwirkungen in einem makroskopischen System zu verstehen, muss zuerst die
Wechselwirkung mit einem einzelnen Atom verstanden werden. Der Prozess der lonisation
wurde bereits in Abschnitt 1.1.3 beschrieben. Zusétzlich wurde bereits der Streuprozess
in 1.2.1 betrachtet. Demnach kann die Laser-Materie-Wechselwirkung quantenmecha-
nisch durch Teilchen-Photonen-Stéfte verstanden werden. Da allerdings die leichtesten
Atombestandteile, die Elektronen, eine Masse von ~ 0.5 MeV besitzen und die Photo-
nenenergie von {iblichen Anregungslasern im optischen Bereich ~ 1 eV betrégt, werden
die Elektronen durch direkte Stofle kaum beeinflufst. Vielmehr miissen diese Stofse als
Stofe im Potential der Ionen betrachtet werden, in dem die Elektronen Photonenenergie
durch Zustandsédnderungen im Potential der Ionen aufnehmen. Elektronen kénnen daher
nur im Potential der lonen Energie stofsender Photonen aufnehmen. Dementsprechend
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nehmen die Ionen keine Energie aus dem Laserfeld auf, da die Protonen und Neutronen
aufgrund der starken Wechselwirkung wesentlich grofsere Energieabstdnde zwischen den
Besetzungszustinden besitzen. Die Laser-Materie-Wechselwirkung wird deshalb stets als
Wechselwirkung zwischen dem Laser und den Elektronen verstanden, wobei die Elektro-
nen wiederum mit den Ionen wechselwirken kénnen.

Daher konnen die wichtigsten Laser-Materie-Wechselwirkungen auf die Wechselwir-
kung zwischen Laser und Elektronen in den beiden Zusténden gebunden und frei zuriick-
gefithrt werden. Dazu kann erneut das Schalenmodell, welches in Abbildung 1.2 darge-
stellt ist, angewendet werden. Analog zur Streuung im Abschnitt 1.2.1 kann Licht somit
durch den Ubergang von Elektronen von einem gebundenen Zustand in einen energe-
tisch hoheren, gebundenen Zustand (charakteristische Ubergangsstrahlung), von einem
gebundenen Zustand in einen freien Zustand (charakteristische Ionisationsstrahlung) und
von einem freien Zustand in einen energetisch hoheren freien Zustand (kontinuierliche
inverse Bremsstrahlung) absorbiert werden. Fiir die Absorption von Licht ist hierbei
die inverse Bremsstrahlung der wichtigste Prozess. Die charakteristische Strahlung wird
hier nicht weiter untersucht, was bereits in [89] durchgefithrt wurde. Hier sei erwéhnt,
dass die Absorptionsstrahlung neben Photonenstreuung fiir diagnostische Zwecke genutzt
wird [90-92].

Der Prozess der inversen Bremsstrahlung kann wie folgt verstanden werden. Die frei-
en Elektronen oszillieren mit einer festen Frequenz, der Plasmafrequenz (1.9), im Feld
der Tonen und bilden Plasmonen. Im Plasma ist diese Frequenz abhingig von der freien
Elektronendichte n.. In Abbildung 1.4 ist die Absorption durch den Prozess der inversen
Bremsstrahlung in Abhéngigkeit der Elektronendichte und der eingestrahlten Laserfre-
quenz dargestellt. Wenn die freien Elektronen im Potential der Ionen betrachtet werden,
werden die Elektronen bei resonanter Anregung, also wenn die Plasmafrequenz der Elek-
tronen wp . gleich der Laserfrequenz w ist, optimal beschleunigt. In diesem Fall der
resonanten Anregung verschwindet die Gruppengeschwindigkeit der Laserstrahlung,

2 2
w MW e
vg=c\/1— p12’e = 0, mit der kritischen Dichte ne, = — 5 0 (1.15)
w e

Demnach wird das Plasma als iiberkritisch n, > ne bezeichnet, wenn der Prozess der
inversen Bremsstrahlung dominiert und als unterkritisch n. < n., bezeichnet, wenn die-
ser Prozess weniger stark dominant ist. Physikalisch bedeutet das, dass das System im
Fall von Anregungsfrequenzen oberhalb der Resonanzfrequenz analog zu einer erzwun-
genen Schwingung Energie aufnehmen kann. Fiir Anregungsfrequenzen unterhalb der
Resonanzfrequenz ist keine Energieaufnahme zu beobachten, da hier wiahrend der Elek-
tronenschwingung auf die Elektronen kein kontinuierliches Feld wirkt, wodurch es zu
einer Ddmpfung der Schwingung kommt. Im Fall eines tiberkritischen Systems wird die
Strahlung vollsténdig an der Oberfliche absorbiert beziehungsweise reflektiert. Das ge-
schieht innerhalb der Skintiefe | = c¢/wp . [35], die von der freien Elektronendichte und
iiber die kritische Dichte n¢, von der Laserfrequenz abhéngig ist. Diese Tiefe kann grofer
ausfallen, wenn die mittlere freie Weglénge der oszillierenden Elektronen grofier als die
Skintiefe ist. Man spricht bei diesem Effekt vom anomalen Skineffekt.
Weiterhin kann Energie durch die Lorentzkraft

Fi = —m(u-V)u—e (E + %u « B) (1.16)



1.3 Uberblick zu laser-induzierten Plasmen 21

in das System einkoppeln. Hier bezeichnet E das elektrische Feld, B das magnetische
Feld und u die Elektronengeschwindigkeit. Wenn der letzte Term der rechten Seite mit
den Maxwellgleichungen modifiziert wird, kann ein nicht-linearer Term der Lorentzkraft
erhalten werden [89], die ponderomotische Kraft

nee?
2mw?

in einem homogenen System. Diese Kraft ist in Abbildung 1.11 dargestellt und hat zur
Folge, dass Elektronen eine Kraft in Richtung von Regionen geringerer Intensitét erfah-
ren, wodurch der Laser auf seiner Strahlachse das Plasma verdiinnen kann. Das kann
dazu fithren, dass ein tiberkritisches Plasma unterkritisch wird. Es wird dann von einer
selbst-induzierten Transparenz gesprochen. Dieser Effekt kann eine sogenannte Selbstfo-
kussierung verursachen, bei der der Laserstrahl an der Grenzschicht zwischen Plasma und
selbst-verdiinntem Plasma in das verdiinnte Plasma hinein gebrochen wird. Auferdem
kénnen durch diese ponderomotische Kraft neben den bereits genannten Elektronenoszil-
lationen auch nicht-lineare Oszillationen auftreten. Das ist analog der Bug- und Heckwelle
eines Schiffes zu verstehen, welches die tragende Fliissigkeit verdrangt. Dadurch kénnen
Elektronenoszillationen angeregt werden, die sogenannten Kielwasserwellen [34].

fp = n.Fp = V (I cos® (wt)) (1.17)

Aquipotentiallinien der Laserintensitét

Abbildung 1.11: Illustration der Prozesse der ponderomotischen Kraft eines von links
kommenden Laserfeldes. Die Elektronen werden entlang des Gradienten
der Laserintensitiat aus dem Laserfeld heraus beschleunigt und kénnen
durch Coulombkréfte F. die Ionen mit beschleunigen. Wenn die Intensi-
tat hoch genug ist, kommt es zur selbst-induzierten Transparenz, wenn
ausschlieflich die Elektronen aus dem Laserfeld entweichen, oder bei
zusatzlichem Entweichen der Ionen kommt es zum sogenannten Hole-
Boring. Ansonsten werden die Elektronen wieder durch die Coulomb-
kréfte zu den Ionen hin beschleunigt und es bildet sich eine nicht-lineare
Oszillation, das Fahrwasserfeld, aus.

Damit wurde erlautert, wie Elektronen Energie durch Energiezustandsénderungen oder
durch die Lorentzkraft beziehungsweise die ponderomotische Kraft absorbieren konnen.
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Diese aus dem Laserfeld gewonnene Elektronenenergie kann wiederum durch Elektronen-
Ionen-Stofke auf die Ionen {ibertragen werden. Somit wirkt der Laser indirekt auch auf
die Ionen. Das hat zum Beispiel im Fall der ponderomotischen Kraft zur Folge, dass die
Ionen beim Prozess der selbst-induzierten Transparenz aufgrund von Coulombkriften
den Elektronen aus dem Laserfokus heraus folgen. Daher entsteht ein Bereich mit nied-
riger Gesamtdichte. Diesen Prozess bezeichnet man als Hole-Boring [34,35] und ist aus
Abbildung 1.11 ersichtlich.

Weiterhin kénnen sich die Plasmaoszillationen {iber die Grenzen des eigentlichen Ma-
terials hinaus ausdehnen, wobei die Ionen den Elektronen aus dem Material heraus folgen
konnen. Dadurch entsteht ein diinnes Plasmas vor dem eigentlichen Plasma. Dieser Ef-
fekt ist der Brunel-Effekt [33,34]. Wenn dieser Prozess von einer nicht-linearen Oszillation
angetrieben wird, spricht man stattdessen von der j x B Aufheizung [34].

Ein weiterer wichtiger Prozess ist der Warmetransport, bei dem die warmen und heiféen
Elektronen und die warmen Ionen ins Innere des Materials transportiert werden, wodurch
ein Plasma im Inneren des Materials entstehen kann. Dadurch beeinflufst der Laser auch
Materialregionen, in die dieser nicht direkt eindringen kann.

Damit wurden die wichtigsten Prozesse, die wiahrend der Laser-Materie-Wechselwir-
kung auftreten kénnen, qualitativ beschrieben. Speziell die Prozesse der inversen Brems-
strahlung und der Streuung werden im Kapitel 2 quantitativ beschrieben.

1.4 Ziel der Arbeit

In dieser Arbeit wird ein vollstandiges Pump-Probe-Experiment simuliert und das resul-
tierende Thomsonstreuspektrum berechnet. Diese Rechnungen werden auf Wasserstoff-
und Heliumtropfen als auch auf Kohlenstofffolien angewendet.

Aufbauend auf fritheren Arbeiten, in denen es aufgrund der in Abschnitt 1.2.2 beschrie-
ben Riickstrahlermethode ausreichte, die Thomsonstreuung fiir homogenen Plasmen im
thermischen Gleichgewicht einige Nanosekunden nach Erzeugung dieses Plasmas theo-
retisch zu beschreiben [14, 36, 93|, wird hier weiterfithrend die Thomsonstreuung von
inhomogenen Plasmen direkt nach ihrer Erzeugung untersucht. Das wird aufgrund der
in 1.2.2 erlduterten Anwendung von FELs als Rontgenquellen mit kurzen Pulsdauern,
mit denen die Ultrakurzzeitphysik wihrend und nach der Laser-Materie-Wechselwirkung
experimentell messbar wurde, notwendig. Die Methode zur Berechnung der Thomson-
streuung von inhomogenen Plasmen wurde bereits fiir schwache Laserintensitdten und
Plasmen mit kleinen Dichte- und Temperaturgradienten fiir ein Probe-Experiment in der
Arbeit [94] vorgestellt und wird in dieser Arbeit durch die Beschreibung eines vollstan-
digen Pump-Probe-Experiments mit einem intensiven optischen Laser fiir die Plasmaer-
zeugung erweitert.

Als Teil der Kollaboration fiir die Durchfithrung der ersten Pump-Probe-Experimente
zur Thomsonstreuung an FELs (FLASH und LCLS) besteht das Ziel dieser Arbeit in
der vollstdndigen Charakterisierung solch eines Pump-Probe-Experiments. Dazu gehort
die Simulation der Wechselwirkung intensiver Laserpulse mit Plasmen sowohl auf ul-
trakurzen Zeitskalen im Femtosekundenbereich fiir die Beschreibung des Wechselwir-
kungsprozesses als auch auf kurzen Zeitskalen im Pikosekundenbereich zur Beschreibung
von Elektronen-lonen-Relaxationsprozessen. Mit den durch die Simulationen gewonne-
nen zeitlich aufgelosten Dichte- und Temperaturprofilen ist es moglich die Spektren der
Thomsonstreuung von Rontgenstrahlung wihrend des gesamten Pump-Probe-Vorgangs
des Experiments zu bestimmen. Mit den berechneten Thomsonstreuspektren kénnen ver-
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Abbildung 1.12: Darstellung der in dieser Arbeit mittels Thomsonstreuung untersuchten
Plasmen in der Dichte-Temperatur-Ebene. Es werden laser-induzierte
Wasserstoff-, Helium- und Kohlenstoffplasmen untersucht. Zur Uber-
sicht ist der Kopplungsparameter I und der Entartungsparameter 6 dar-
gestellt. Demnach werden entartete und nicht-entartete und vorwiegend
schwach gekoppelte Plasmen untersucht. Der Streuparameter « ist hier
fiir die Thomsonstreuung der FLASH-Photonen mit einer Wellenlénge
von A = 13.5 nm unter einem Streuwinkel von g = 90° dargestellt, der
sowohl kollektive als auch nicht-kollektive Thomsonstreuung vorhersagt.

gleiche mit experimentell ermittelten Spektren gemacht werden, wodurch Riickschliisse
auf das Verhalten wihrend und nach der Licht-Materie-Wechselwirkung gemacht werden
konnen. Hier liegen speziell die Elemente Wasserstoff, das am FLASH untersucht wur-
den, und Kohlenstoff, das am LCLS untersucht wurde, im Vordergrund. Dariiber hinaus
wurde auch eine Simulation fiir Helium durchgefiihrt. Die in dieser Arbeit betrachteten
Plasmen sind zur Ubersicht in der Abbildung 1.12 dargestellt.

Mit den im Rahmen dieser Arbeit entwickelten Methoden ist es méglich Thomsonstreu-
spektren von Pump-Probe-Experimenten mit Verzogerungszeiten ab einigen 100 Femto-
sekunden zu berechnen. Damit konnen im Gegensatz zu fritheren Arbeiten [14, 16, 85|
erstmals auch inhomogene Plasmen und die zeitliche Entwicklung dieser Plasmen auf
kurzen Zeitskalen untersucht werden.

Die Arbeit baut sich wie folgt auf. Im ersten Kapitel wurden bereits die bendtigten
Grundlagen fiir die Plasmaphysik und die Thomsonstreuung gelegt. Zudem wurde hier
der Aufbau und frithere Ergebnisse von Pump-Probe-Experimenten, die mittels Thom-
sonstreuung untersucht wurden, vorgestellt. In den beiden folgenden Kapiteln werden die
theoretischen Grundlagen der Thomsonstreuung, der Laser-Plasma-Wechselwirkung und
der zeitlichen Entwicklung von laser-induzierten Plasmen beschrieben. Danach werden
in den Kapiteln 4-6 die Ergebnisse der Arbeit prasentiert, um im letztem Kapitel die
Ergebnisse zusammenzufassen und Ausblicke fiir weitere Arbeiten auf diesem Gebiet zu
geben.
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2 Laser-Materie-Wechselwirkung

Fiir die Beschreibung der Thomsonstreuung eines laser-induzierten Plasmas muss zuerst
die Laser-Materie-Wechselwirkung untersucht werden. Aufbauend auf einem quanten-
statistischen Ansatz wird die Licht-Materie-Wechselwirkung in dieser Arbeit mit Hilfe
der dielektrischen Funktion beschrieben, die das Verhalten von Materie unter dem Ein-
fluss von durch Laser oder Plasmen erzeugten, elektrischen Feldern charakterisiert. In
Verbindung mit der Struktur der Materie kann daraus das Thomsonstreusignal berech-
net werden. Damit ist es moglich experimentelle Thomsonstreuspektren theoretisch zu
rekonstruieren und daraus Plasmadichten und -temperaturen zu extrahieren.

2.1 Dielektrische Funktion

In diesem Abschnitt wird ein Zugang zur Beschreibung der Licht-Materie Wechselwirkung
aufgezeigt. Dazu werden fiir die Beschreibung des Verhaltens der Felder in Materie die
makroskopischen Maxwellgleichungen in Medien [60]

V.-D =p, (2.1)
0B

V.B=0, (2.3)

VxH=j+2 (2.4)

ot

eingefiihrt [60]. Hier wurde die makroskopische Ladungsdichte p, die makroskopische
Stromdichte j, die elektrische Feldstirke E(r,¢) und die magnetische Flussdichte B(r, )
eingefiihrt. Diese sind iiber die Materialgleichungen

D(r,t) = goe(r, t)E(r, 1),

B(I‘, t) = ,U'Olu'(ra t)H(I‘, t)
durch den dielektrischen Tensor e(r,t), die magnetische Permeabilitat pu(r,t), die ma-
gnetische Feldkonstante po und die elektrische Feldkonstante €9 mit der magnetischen
Feldstiarke H(r,t) und der elektrischen Flussdichte D(r,t) verkniipft.

Um die Materialgleichungen zu verstehen, muss etwas genauer auf die oben eingefiihrte
makroskopische Ladungsdichte p und makroskopische Stromdichte j eingegangen werden.
Diese Grofsen setzen sich aus den ,freien”, externen und den durch das Plasma induzierten
Quellen zusammen. Hierbei werden die ,freien und externen Quellen durch dufere Ein-
fliisse, wie Laserfelder oder magnetische Felder, erzeugt, wihrend die induzierten Felder
aufgrund von elektrischen oder magnetischen Dipol-, Quadrupolmomenten und hoheren
Momenten erzeugt werden. Die elektrischen und magnetischen Momente konnen speziell
bei starken Feldern sehr kompliziert werden. Um diese durch Quellen induzierten Felder
zu bertuicksichtigen, wird das magnetische Feld mit der Feldstirke H und die elektrische
Induktion mit der Flussdichte D eingefiihrt [60] (hier in der Komponente «),

(2.5)

Do = 20Ba + (Py—...), (2.6)

1
Hy=—By—(My+...). (2.7)
Ho
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Hierbei ist P der Polarisationsvektor, das elektrische Dipolmoment bezogen auf ein Volu-
menelement, und M der Magnetisierungsvektor, das magnetische Dipolmoment bezogen
auf ein Volumenelement. Der erste Term der rechten Seite dieser Gleichungen stellt dabei
das Feld im Vakuum dar, wobei die hoheren Momente wie Quadrupol- und Oktupolmo-
mente nicht mit aufgefiihrt wurden.

Diese Gleichungen werden zusammengefasst zu

Da(r,t) =0 Y cap(r, t)Ba(r,1), (2.8)
B

Hy(r,t) = :ual Z /‘;ﬁl(r’ t)Bg(r, 1), (2.9)
g

mit dem dielektrischen Tensor e, auch dielektrische Funktion genannt, und dem Tensor
der magnetischen Permeabilitdt . Damit wurden alle im Plasma durch mikroskopische
Quellen induzierten Felder in den Feldern der Flussdichte D und Feldstarke H bertick-
sichtigt, wobei die volle Information des Plasmas in den jeweiligen Tensoren ¢ und pu
enthalten ist. Diese Tensoren héngen ebenfalls von Raum und Zeit ab. Aufgrund der
enthaltenen Materialinformation in den Tensoren, und damit in den induzierten Feldern,
werden diese Gleichungen auch Materialgleichungen genannt.

Bei der Betrachtung der induzierten Felder D und H in einem gegebenen Volumen-
element und zu einem gegebenen Zeitpunkt stellt sich folgendes Problem: Aufgrund der
geladenen Teilchen eines Plasmas werden Felder induziert, die nicht nur lokal in einem
Raumgebiet herrschen, sondern auch dariiber hinaus das gesamte Plasma beeinflussen
kénnen. Ebenso kann das betrachtete Feld auch die Trajektorien von geladenen Teilchen
beeinflussen, die wiederum ein Feld induzieren. Das heiftt, dass die elektrischen und ma-
gnetischen Felder eines Volumenelements durch induzierte Felder beeinflusst werden, die
ihre Ursache in ganz anderen Raumgebieten haben. Man spricht von einer rdumlichen
Nichtlokalitat. Dariiber hinaus konnen zeitlich vergangene Felder das Plasma beeinflus-
sen, wodurch die induzierten Felder ihre Ursache in vergangenen Zeitpunkten haben
und somit Felder zu spéteren Zeiten beeinflussen kénnen. Damit héngen die induzierten
Felder nicht nur von den momentanen Feldern, sondern auch von den Feldern aller vor-
angegangenen Zeiten ab [95]. Unter Beriicksichtigung der vorherigen Uberlegungen ist
die einfachste Form die Gleichungen (2.8) darzustellen, durch

D (r,t) = ¢ Z/dr' /dt' Kot/ ) Eg(r — 1/, t — 1), (2.10)
B

mit dem Kern K,g, gegeben. Im Folgenden werden nur die elektrischen Eigenschaften
eines Plasmas untersucht, wodurch das induzierte Feld H hier nicht weiter betrachtet
wird.

Wenn man die induzierten Felder E und D als Superposition ebener Wellen, also
proportional zu exp {i(k - r — wt)}, auffasst, erhélt man den linearen Zusammenhang

Da(k,w) =20 Y _ cap(k,w)Eg(k,w), (2.11)
B

mit dem Wellenzahlvektor k des betrachteten Feldes, der Kreisfrequenz w und der di-
elektrischen Funktion im Fourierraum
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Abbildung 2.1: Darstellung der Felder und der entsprechenden Wellenzahlvektoren in ei-
nem Plasma. Es sind die elektrischen Felder der Coulombkraft E. und
eines Lasers Ey und die Wellenzahlvektoren k bei der Wechselwirkung
dargestellt. Zudem ist hier der Unterschied zwischen dem transversalen
Anteil, der das Verhalten von Materie unter dem Einfluss von optischen
elektrischen Feldern (Ez,) und somit die optischen Eigenschaften des Plas-
mas beschreibt, und dem longitudinalen Anteil, der das Verhalten von
Materie aufgrund der Wechselwirkung der Teilchen untereinander (E.)
und somit die Plasmaeigenschaften beschreibt, nicht mafistabsgetreu fir
ein isotropes Medium zu sehen.

eap(k,w) = / dr’ / At Kop(r' )l =k, (2.12)

Aus dieser Darstellung folgt die Eigenschaft

cap(—k, —w) = &5k, w), (2.13)

Durch die Transformation der Materialgleichungen erhalten die Tensoren eine ausge-
zeichnete k-Richtung, aufgrund derer die dielektrischen Tensoren in zwei Anteile aufspal-
ten: Einen Anteil der longitudinal ) und einen der transversal ey, zum Wellenzahlvektor
ist,

kok ko k
cap(k,w) = e (k,w) <5a5 — %) + a1(k,w) k26' (2.14)

Diese beiden Anteile und ihre Bedeutung in einem Plasma sind in Abbildung 2.1 darge-
stellt. Aufgrund der ausgezeichneten Richtung vereinfacht sich die Gleichung (2.11) auch
im isotropen Fall nicht. Allerdings verliert der dielektrische Tensor dann seine Abhingig-
keit des Wellenzahlvektors k und ist nur von der Wellenzahl k£ abhéngig. Weiterhin kann
das elektrische Feld dann als senkrecht zur Polarisationsrichtung angenommen werden,
was in den folgenden Abschnitten niitzlich sein wird. Nur fiir |k| — 0 verschwindet die zu-
vor erlduterte ausgezeichnete Richtung und der Tensor kann durch €,5(0,w) = £(0,w)dqp
ausgedriickt werden. Damit muss auch €(0,w) = &4,(0,w) = €(0,w) gelten.
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In der dielektrischen Funktion € beschreibt der transversale Teil die optischen Eigen-
schaften des Mediums, wobei das transversale Feld auf eine gewthnliche elektromagneti-
sche Welle reduziert werden kann. Dieser Anteil folgt damit der einfachen Dispersion fiir
transversale Wellen w/|k| = ¢/\/€i; (magnetische Permeabilitét fiir unmagnetisierte Ma-
terialien p = 1), mit der sich Brechung und Absorption des Feldes im Plasma beschreiben
lasst. Der longitudinale Anteil beschreibt dagegen die Eigenschaften des Plasmas, welcher
somit fiir die Diagnostik von Materialien interessant ist, da die Messung dieses Anteils
auch Aufschluss iiber die Materie gibt.

2.1.1 Transversale dielektrische Funktion
In diesem Unterabschnitt wird die Dispersion der transversalen elektromagnetischen Wel-
le in isotroper Materie beschrieben. Dazu wird in der Coulomb-Eichung

VA(r,t) = VA(r,w) =0 (2.15)
das Vektorpotential A(r,t) durch

B(r,t) =V x A(r,t) (2.16)
und das skalare Potential ®(r,¢) durch

B
A ) (2.17)

eingefiihrt. Damit l4sst sich nach Einsetzen dieser Gleichungen in die Maxwellgleichungen
(2.1) und (2.4) die Poissongleichung zur Beschreibung des Potentials der Ladungstriager

E(r,t) = —=V®(r,t) —

t
A(r, 1) = —LED (2.18)
eoe(r, t)
aufstellen. Nach Fouriertransformation der Zeit kann unter Nutzung der Coulombeichung
(2.15) die Helmholtzgleichung zur Beschreibung der Ausbreitung elektromagnetischer
Wellen

1 . ..
—wQC—Qa(r,w)A(r,w) — AA(r,w) = poj(r,w) + 1wc—2€(r,w)V<I>(r,w) (2.19)

Mojtr

gewonnen werden [60]. Hier wurde fiir ein unmagnetisiertes Material die magnetische
Permeabilitdt 1 = 1 gesetzt. Es muss erwdhnt werden, dass dieses Ergebnis nur dann
gilt, wenn die dielektrische Funktion nicht zeitabhéngig ist. Unter der Tatsache, dass sich
das Vektorfeld A wesentlich schneller als die Figenschaften des Plasmas &dndert, kann
angenommen werden, dass sich innerhalb der betrachteten Zeitintervalle die dielektrische
Funktion nicht &ndert.

Die rechte Seite der Helmholtzgleichung (2.19) kann als transversaler Strom j, iden-
tifiziert werden, was aus dem Gradienten des Potentials im letzten Term der Gleichung
(2.19) ersichtlich ist, da, wie in Abbildung 2.1 gezeigt, dessen Richtung longitudinal be-
ziehungsweise parallel zum Coulombfeld verlduft. Aufgrund der angenommenen Isotropie
muss der dielektrische Tensor somit ebenfalls longitudinal sein, wodurch ein longitudi-
naler Strom vom Gesamtstrom abgezogen [60,96] und damit ein transversaler Gesamt-
strom ji, erhalten wird. Damit entkoppeln die Potentialgleichungen (2.18) und (2.19) und



28 2 LASER-MATERIE-WECHSELWIRKUNG

die Helmholtzgleichung (2.19) ist durch den transversalen Strom eine Gleichung fiir das
transversale Vektorfeld A, weshalb nur der transversale Anteil e, (r,w) der dielektrischen
Funktion (r,w) in diese Gleichung eingeht. Durch das Einfiihren der Wellenzahl k(w) in
der Helmholtzgleichung (2.19), dessen Betrag durch die Dispersionsrelation

k(w) = %\/etr(k‘,w) (2.20)

mit der Frequenz des elektromagnetischen Feldes w und dem dielektrischen Tensor e
verkniipft ist, kann eine Beziehung zwischen Ausbreitung der elektromagnetischen Welle
und den Materialeigenschaften hergestellt werden. Hier sei noch einmal erwéhnt, dass
aufgrund der Annahme der Isotropie diese Gleichung nicht von der Richtung des Wellen-
zahlvektors k abhéingt.

Die Dispersionsrelation (2.20) beschreibt die Ausbreitung elektromagnetischer Wellen
im Material und muss aufgrund des Wellencharakters der Differentialgleichung (2.19)
komplex sein |60,

alk,w)

5
mit dem Brechungsindex b(k,w) und dem Absorptionskoeffizienten a(k,w). Diese Auf-
spaltung kann verstanden werden, wenn die Losung der Gleichung (2.19) im homogenen,
eindimensionalen Fall betrachtet wird,

k(w) = %b(k,w) +i (2.21)

A= Age e, (2.22)

Demnach kann die Dampfung des Feldes durch den Imaginarteil der Wellenzahl, den
Absorptionskoeffizienten, beschrieben werden, wiahrend die Ausbreitung des Feldes durch
den Realteil der Wellenzahl, den Brechungsindex, charakterisiert werden kann.

Durch Quadrieren der Gleichung (2.21) und der Separation des Real- und Imaginérteils
von &y, mit Hilfe der Dispersionsrelation (2.20) ergibt sich fiir den Brechungskoeffizienten
b und den Absorptionskoeffizienten o [60]

k) = 2 (Reeulh,) + VReGa P+ TnGalhel?) (0
alk,w) = cb(“,;,w) Im(e (k,w)).

Somit kann sowohl die Absorption als auch die Brechung transversaler elektromagne-
tischer Wellen durch die transversale dielektrische Funktion e, (k,w) berechnet werden,
womit die Wechselwirkung zwischen Licht und Materie durch diese Funktion beschrieben
werden kann.

Um die Absorption der elektromagnetischen Welle in einem Medium durch Gleichung
(2.23) zu beschreiben, muss die transversale dielektrische Funktion bekannt sein. Das
kann analog wie in Abschnitt 1.2 in einem schwach korrelierten System, in dem die in-
duzierten elektrischen Felder schwach sind, durch ein einfaches Oszillatormodell einer
geddmpften, erzwungenen Schwingung der Elektronen durch Gleichung (1.7) beschrie-
ben werden. Dieses einfache Modell kann in Anwesenheit eines Laserfeldes angenommen
werden, da sich die induzierten Felder diesem Feld anpassen, womit die hier angenom-
menen Dipole iiberwiegen, und Multipole vernachléssigt werden kénnen. Bei Annahme
eines harmonischen Laserfeldes E(r,t) = E(r)e” ! kann die Losung (1.8) mit dem Di-
polmoment d in Verbindung gebracht werden. Unter Nutzung der Gleichung fiir die
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Polarisation P = n; Zj fjdj = eo(etr — 1)E, mit der Dipoldichte n; der Ionensorte ¢ und
der Oszillatorstérke f; eines Oszillators j, kann die Drude-Formel aus (1.8) hergeleitet
werden,

en; ;
(W) =1+ mf:‘(: Z . u{; T (2.24)
j J
Hier hingt der Polarisationsvektor P von der transversalen dielektrischen Funktion ab,
da aufgrund der Annahme der Isotropie die Polarisation parallel zum transversalen elek-
trischen Feld der Feldstarke E sein muss.

Fiir die zu betrachtende Laser-Materie-Wechselwirkung werden nur die Elektronen
beriicksichtigt, da diese, wie in Abschnitt 1.3 beschrieben, im Gegensatz zu den lonen
Energie aus dem Laserfeld aufnehmen konnen. Daher sind fiir die Absorption von Licht
durch Materie allein die Elektronen verantwortlich. In dieser Arbeit wird ausschliefilich
der in Abschnitt 1.3 eingefiihrte Prozess der inversen Bremsstrahlung beriicksichtigt,
da dieser Prozess in iiberkritischen Materialien den groften Einfluss hat. Aufgrund der
kleinen Riickstellkréfte eng E /m ist die Teilcheneigenschwingung wp = wpj . < w. Zudem
ist in einem homogenen System die Dampfung v fiir jedes freie Elektron identisch. Dabei
darf das betrachtete Volumen nicht zu grofs sein, um Inhomogenitéten zu vermeiden. Die
Déampfung ist in diesem Fall die Stofsfrequenz, die die Elektron-Elektron und Elektron-
Ion-Stofe beschreibt und kann fiir klassische, schwach gekoppelte Systeme durch den
Formalismus nach Spitzer und Harm

421 Z%*n; InA
3(47‘(80)2\ /Me (ijT)3/2

berechnet werden [97,98]. Hier wurde der Coulomblogarithmus

2Ap\*
1+ (—D> : (2.26)
90
bei dem die Debyelidnge Ap (1.4), die Grofe go = h/v/2m, kT und die reduzierte Masse
m, der wechselwirkenden Teilchen verwendet wurde, benutzt [99]. Dabei charakterisiert
A das Verhiltnis des maximalen zum minimalen Abstand zwischen den Schwerpunkten

der Stofpartner und kann somit sehr willkiirlich sein. Vereinfachend kann die transversale
dielektrische Funktion (2.24) als

Vet = (2.25)

InA=0.25In

2
“ple

Etr(w) = 1 - w2 + iuﬂ/

(2.27)
geschrieben werden, wobei die Summe n; > | j fi = Zyn; = n, durch die f-Summenregel
[60] gegeben ist. Das entspricht einer Wichtung nach der Anzahl der Dipole pro Ion
Zy, also hier der freien Elektronen pro Ion. Zur Vereinfachung der Formel (2.27) wurde
die Plasmafrequenz der Elektronen (1.9) benutzt, die der kollektiven Schwingung der
freien Elektronen um die Ionen entspricht. Somit kann die Absorption der transversalen
elektromagnetischen Welle im Plasma durch den Absorptionskoeffizienten

w? + iwr

alk,w) = mlm <1 %> (2.28)
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gegeben werden. Dieser Absorptionskoeffizient wurde bereits in Abbildung 1.4 in Ab-
héngigkeit von der Elektronendichte und der Laserfrequenz dargestellt. Anhand dieser
Abbildung ist zu erkennen, dass bei Frequenzen oberhalb der Plasmafrequenz der Absorp-
tionskoeffizient stark abfillt, wohingegen fiir Frequenzen unterhalb der Plasmafrequenz
der Absorptionskoeffizient stark ansteigt. Das heifst, dass im Gegensatz zu kleinen La-
serfrequenzen bei grofen Laserfrequenzen die Laserenergie weniger stark auf das Plasma
iibertragen wird. Das kann mit Gleichung (1.7) begriindet werden, die die Form einer
geddmpften, erzwungenen Schwingung besitzt. Demnach ist die Energieiibertragung der
dufleren Kraft bei der Resonanzfrequenz, hier der Plasmafrequenz, am grofiten. Weiter-
hin kann fiir kleinere Frequenzen ein groferer Energietibertrag als bei grofsen Frequenzen
beobachtet wird.

Damit ist die transversale dielektrische Funktion und somit die Kopplung zwischen
transversalem Laserfeld und dem Plasma bekannt. Im néchsten Unterabschnitt wird die
longitudinale dielektrische Funktion betrachtet und mit ihr die Streuung von elektroma-
gnetischen Wellen an Plasmen.

2.1.2 Longitudinale dielektrische Funktion

In diesem Unterabschnitt wird die longitudinale dielektrische Funktion betrachtet, die
flir die Diagnostik von Materialien eine zentrale Rolle spielt, da sie mit der Struktur
der Elektronen und Ionen untereinander verkniipft ist und somit Informationen iiber das
Plasma enthalt. Mit dieser longitudinalen dielektrischen Funktion kénnen neben der Di-
spersion auch Streueffekte, unter anderem auch Thomsonstreuung, beschrieben werden.
Hierzu wird ein kleiner Ausblick in die Technik der Greenfunktionen und der Theorie der
linearen Response aufgezeigt, die in [100,101] im Detail nachgelesen werden kénnen.

Fiir die Beschreibung der longitudinalen dielektrischen Funktion werden zuerst Respon-
sefunktionen eingefithrt. Die Responsefunktion der Polarisation II, auch Polarisations-
funktion genannt, beschreibt das Verhalten des Materials aufgrund eines Feldes, das sich
sowohl aus externen als auch internen induzierten Feldern zusammensetzt, und charak-
terisiert die im Material auftretenden Polarisationen (Einfluss von Multipolen) aufgrund
von vorhandenen Feldern. Die Responsefunktion der Dichte-Fluktuationen L beschreibt
das Verhalten des Materials aufgrund von externen Feldern und kann als Wechselwirkung
zwischen Dichte-Fluktuationen im System, die direkt mit longitudinalen Feldfluktuation
in Verbindung stehen, aufgefasst werden.

Um diese Responsefunktionen mit der longitudinalen dielektrischen Funktion zu ver-
kniipfen, werden die im Plasma auftretenden Wechselwirkungen betrachtet. In einem
Plasma wirken die langreichweitigen Coulombkréfte zwischen allen Teilchen. Diese Kréf-
te beschreiben die gesamten Korrelationen in einem System. Da nicht jedes einzelne
Teilchen der in etwa 10?3 cm™2 Teilchen und seine Wechselwirkungen in einem Plasma
berechnet werden koénnen, bedient man sich statistischen Effekten: Nach Abschnitt 1.1
kann aufgrund der Abschirmung der Ladung durch entgegengesetzt geladene Teilchen
die Langreichweitigkeit der Coulombkréfte verkiirzt werden. Damit kann zwischen Teil-
chen der Komponente a und der Komponente b anstatt des unendlich weit wirkenden
Coulombpotentials Vg (r1,2) ~ |14 — 2| " das abgeschirmte Potential

Vasb(k7 UJ) =

(2.29)
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verwendet werden [101]. Diese Gleichung beschreibt die Abschirmung des Coulombpo-
tentials aufgrund von induzierten Multipolen in longitudinale Richtung.

Die Responsefunktionen der Polarisation II und der Dichte-Fluktuation L kénnen eben-
falls mit dem abgeschirmten Potential in Verbindung gebracht werden [101],

V5 (k,w) )+ Z Ve () g (k, w) Vi, (k, w), (2.30)

V (k W "' Z Vac cd k W)de(k) (2'31)

Hierbei beschreiben diese Funktionen das abgeschirmte Potential V¥ durch das unge-
storte feldfreie Coulombpotential, das durch einen Anteil der Responsefunktionen auf-
grund von vorhandenen Feldern modifiziert ist. Die Polarisationseffekte und Dichte-
Fluktuationseffekte zwischen allen Teilchensorten werden hier summiert, da diese zur
Abschirmung des Potentials zwischen den Teilchensorten a und b fiihren kénnen. Dabei
kann Gleichung (2.30) durch das Auftreten des abgeschirmten Potentials auf der rech-
ten Seite unendlich weiter fortgesetzt werden und beschreibt die Existenz von unendlich
vielen Polarisationseffekten zwischen den wechselwirkenden Teilchen. Die zweite Glei-
chung (2.31) beschreibt die Modifikation des Coulombfeldes aufgrund von vorhandenen
Dichte-Fluktuationen. Unter Annahme eines isotropen Mediums kénnen diese Effekte
als longitudinal angesehen werden, da dann, wie in Abbildung 2.1 gezeigt, die Polarisa-
tion parallel zum elektrischen Feld sein muss, welches in diesem Fall das longitudinale
Coulombfeld ist. Daher werden zur Vereinfachung im Folgenden nur isotrope Medien
betrachtet.

Durch einfache Umformungen der Gleichungen (2.30) und (2.31), dem Coulombpoten-
tial Vo (k) = ZueaZpey/(e0k?) und der Gleichung (2.29) kénnen die Verkniipfungen der
dielektrischen Funktion mit den Responsefunktionen gefunden werden,

5l(kaw) =1- Z Hab(k’w)%a(k)’ (2'32)
ab

e (h,w) =14+ Lap(k,w)Via (k). (2.33)
ab

Durch diese Gleichungen ist es moglich, den longitudinalen Anteil der dielektrischen
Funktion und dadurch die Eigenschaften des Materials mit Dichte-Fluktuationen bezie-
hungsweise Polarisationseffekten in Verbindung zu bringen.

Fiir eine weitere Untersuchung des Problems wird Gleichung (2.33) in der komplexen
Ebene fortgefithrt und eine spektrale Beschreibung der Responsefunktion der Dichte-
Fluktuationen eingefiihrt. Die spektrale Beschreibung erlaubt eine Aussage iiber die er-
laubten Zustédnde, hier der Dichte-Fluktuationen, und stellt somit eine verallgemeinerte
Zustandsdichte dar. Damit kann diese Funktion und somit auch die longitudinale dielek-
trische Funktion in einen Realteil und einen Imaginérteil aufgespalten werden. Dazu wird
die Responsefunktion L betrachtet, die mit den zeitgeordneten Responsefunktionen L~
und L=, die die zwei Félle ¢t >t/ und t < ' beschreiben, im Orts- und Zeit-Raum in

L(r,v'st —t) =00 —t) [L”(r,x/;t —t') — L=(r,x';t — )] (2.34)
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zerlegt werden kann. Dabei ist die Heavisidefunktion © fiir die Steuerung der Kausali-
tat verantwortlich. Wenn diese Funktion unter Verwendung der Integraldarstellung der
Heavisidefunktion

: oo —iz(t—t')
Ot — ') = lim — / C  dz, e>0, (2.35)

oo T 1€

fouriertransformiert wird, erhélt man nach Substitution

Lk w) = - / ¥ _Llew) . (2.36)

TR,
21 J_ o w —w' e

wobei die Spektralfunktion

L(k,w) =i(L” (k,w) — L=(k,w)) (2.37)

der Responsefunktion L benutzt wurde.
Daraus gewinnt man fiir die longitudinale dielektrische Funktion die spektrale Darstel-
lung
1 [ Lk,
e (k,w) =1+ Via(k) li / La(ksw') g0 (2.38)

m _— TR,
; =021 J_w—w +ie
a

Wenn diese Funktion mit der Dirac-Identitit (w =+ ie)™' = Fird(w) + P/w, mit der
Diracschen Deltafunktion § und dem Hauptwert P, weiter ausgewertet wird, erhélt man
die Aufspaltung der longitudinalen dielektrischen Funktion in Real- und Imaginérteil

© Lap(k, ')

gl (kw) =1+ <Vba(k)% dw’ — %iﬁab(k:,w)vba(k:)> (2.39)
ab -

/!
o W—w

und damit den Imaginérteil der longitudinalen dielektrischen Funktion

Tme; ! (k,w) = —% > Lap(k,w)Via (), (2.40)
ab

der die Dissipation im System beschreibt (siche Landaudampfung [95]). Diese Gleichung
ist das Fluktuations-Dissipations-Theorem, das die Dissipation im System, beschrieben
durch den Imaginéarteil der dielektrischen Funktion, mit einer Fluktuation, hier der Re-
sponsefunktion der Dichte-Fluktuationen L, verkniipft.

Um diese Responsefunktionen mit messbaren Gréfsen in Verbindung zu setzen, kann
die Dichte-Fluktuation im Fourierraum mit dem Strukturfaktor

S(k, w) = %L>(k,w) (2.41)

verbunden werden [101]. Fiir die Zusammenfiigung dieser Gleichung mit Gleichung (2.40)
wird das thermische Gleichgewicht betrachtet. Darin kann fiir die Responsefunktion L die
Kubo-Martin-Schwinger-Beziehung [100, 101] genutzt werden, womit die zeitgeordneten
Responsefunktionen von L durch die detaillierte Balance miteinander verkniipft sind,

L7 (k,w) = £ L= (k,w), (2.42)
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mit deren Hilfe die Spektralfunktion (2.37) durch
L= (6*5’“ ¥ 1) L (2.43)

ausgedriickt werden kann. Hier stellen die oberen Vorzeichen die Bosonen und die unte-
ren Vorzeichen die Fermionen dar. Da die Responsefunktion der Dichte-Fluktuationen L
das abgeschirmte Potential (2.31) mit zusammensetzt, muss diese Funktion bosonischen
Charakter tragen, um nach Gleichung (2.31) den bosonischen Charakter des virtuellen
Kraftteilchens des abgeschirmten Potentials aufrecht zu erhalten. Daher wird im Folgen-
den fiir diese Funktion das Vorzeichen fiir Bosonen gewéhlt. Der Strukturfaktor kann
damit fir die hier betrachteten Fermionen mit Hilfe der Bose-Verteilungsfunktion ng(w)

durch
1 1

C2me P 1
beschrieben werden, womit dieser durch die Gleichung (2.40) fiir die Betrachtung von nur

einer Teilchensorte direkt mit der longitudinalen dielektrischen Funktion in Verbindung
steht,

S(k,w) = L(k,w) = 21 (14 np(w)) L(k,w) (2.44)

™

1 1
V(k)m e Phw — 1

Mit dieser Gleichung ist es moglich, aus der longitudinalen dielektrischen Funktion Struk-
turfaktoren fiir Materialien im thermischen Gleichgewicht zu berechnen und diese mit in
Streuexperimenten gemessenen Strukturfaktoren zu vergleichen. Fiir die Betrachtung des
Strukturfaktors im Nicht-Gleichgewicht muss stattdessen die Gleichung (2.41) ausgewer-
tet werden, was zum Beispiel in der Arbeit [102] durchgefiihrt wurde.

Um den Strukturfaktor des Systems aus der longitudinalen dielektrischen Funktion mit
Hilfe von Gleichung (2.45) zu berechnen, muss diese Funktion bekannt sein. Dazu wird
iiber die Technik der Greenfunktionen [100,101| der Effekt der Polarisation ausgewertet,
wobei sich die Polarisationsfunktion aus dem Teilchen-Antiteilchen-Paar zweier Fermio-
nen zusammensetzt und somit einen bosonischen Charakter tragt. Das lasst sich durch
zwei Ein-Teilchen-Greenfunktionen g(ri, ¢1;ra, t2) beschreiben, die jeweils die ungestorte
Bewegung eines einzelnen Teilchens vom Ort ry zum Ort ro innerhalb der Zeit (to — 1)
beschreiben. Die Polarisationsfunktion kann durch diese Greenfunktionen

S(k,w) = Ime; ' (k,w). (2.45)

Hfb(rl,tl;rg,tg) = :Fi/. . / drs dI‘é dts dté gf(rl,tl;rg,tg) (2 46)

. - /. <[/ /.
X Fab(r3)t37r2,t2ar 3at37r2)t2)gb (I' 3at3arlat1)

ausgedriickt werden [101], wobei die Funktion I' die Wechselwirkung zwischen den an der
Polarisation beteiligten Teilchen beschreibt und das Vorzeichen durch die Teilchenart (—
Bosonen; + Fermionen) festgelegt wird. Die unterschiedliche Zeitrichtung der Teilchen
des Fermion-Antifermionen-Paares wird durch die unterschiedlichen Zeitrichtungsindizes
> und < der Ein-Teilchen-Greenfunktionen charakterisiert. Im Folgenden erfolgt die Aus-
wertung der Polarisationsfunktion IT in der Random-Phase-Approximation (RPA) [103].
Das heifst, dass nur Polarisationseffekte in nullter Ordnung des Wechselwirkungspoten-
tials V' bertiicksichtigt werden, indem die Wechselwirkung des erzeugten Polarisations-
Teilchen-Antiteilchen-Paars vernachléssigt wird, wodurch
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> RPA .
IE 2 (v, ts ro, t2) = —i6apg, (1, 61312, t2) gy (T2, t2; 11, 11) (2.47)

gilt. Hier wurde der bosonische Charakter der Polarisation benutzt, da sich diese aus
zwel Fermionen gleicher Teilchensorte zusammensetzt, wobei die Fouriertransformation
dann durch

mE e =i f [ 58 dp P g (0 /2.0 @) k2 (249

gegeben ist. Hier wird der Fourierraum durch den Impuls und die Frequenz gegeben,
da die Greenfunktionen Teilchen beschreiben. Aufterdem kann durch die Eigenschaften
der Greenfunktionen der Ausdruck exp (—ip’ - r + iw7) in diese Funktion gezogen werden
[101].

Erneut wird das thermische Gleichgewicht betrachtet, in dem die Greenfunktion mit
Hilfe der Kubo-Martin-Schwinger Bedingung durch die Spektralfunktion g

+ig=(p,w) = §(p,w)f(p), ig”(p,w) = g(p,w)(1 £ f(p)), (2.49)

mit der Bose- beziehungsweise Fermifunktion f(p) = [e(ﬁ(E (P)=) 1] ~" und dem che-
mischen Potential p, ausgedriickt werden kann. Die Greenfunktionen g charakterisieren
hier Fermionen. Da in der RPA die betrachteten Teilchen nicht miteinander wechselwir-
ken, kann fiir die Spektralfunktion

3(p,w) = 276 (hw — E(p)) (2.50)

benutzt werden [101]. Das bedeutet, dass kein Energieverlust wihrend des Polarisations-
vorgangs vorhanden ist. Die Energie stellt dabei die kinetische Energie E = p?/(2m)
dar, da in der RPA die Wechselwirkungsenergie nicht betrachtet wird. Wenn das in die
Spektralfunktion IT = i(II> — II<) eingesetzt wird, erhéilt man

2 ew) = [ o / B —w) — Eu(p+K/2)) 8 (1 — Ea(p — k/2))
[1 — ulD+ K/ fap — K/2) — Fulp+ K/2)[1 — fulp — K/2))).
(2.51)

Nach FEinsetzen dieses Ausdrucks in die Spektraldarstellung der Polarisationsfunktion
(analog zu Gleichung (2.36)) wird der Lindhard-Ausdruck

N B dp fa(p+k/2) — falp — k/2)
I A (k,w) = / (27h)? Ea(p + k/2) — Eo(p — k/2) — ho + ic

(2.52)
gewonnen [103]. Damit ist es moglich, die longitudinale dielektrische Funktion in RPA

eRPA (K, w) = 1 — TIFPA (k, w)V (k) (2.53)

zu berechnen und den Strukturfaktor zu bestimmen, womit direkte Aussagen iiber die
Struktur der Materie getroffen werden konnen.
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2.1.3 Longitudinale dielektrische Funktion mit Wechselwirkungen

Im vorherigen Unterabschnitt wurde die Berechnung der dielektrischen Funktion tiber die
RPA vorgestellt. In der RPA wurden keine Wechselwirkungen zwischen den erzeugten
Polarisations-Teilchen-Antiteilchen-Paaren angenommen. Um dennoch Wechselwirkun-
gen in Form von Stofen zu berticksichtigen, wird der Ansatz von Mermin [104] genutzt.
Darin wird der statistische Operator fiir das wechselwirkungsfreie Polarisations-Fermion-
Antifermion-Paar fiir das lokale Gleichgewicht 5 = [exp {B(E(p) — pn — 6p)} 4+ 1] mit
B = 1/kgT und der kinetischen Energie E(p) = p?/(2m) betrachtet. Hier beschreibt
die kleine Stérung des chemischen Potentials du ein lokales Gleichgewicht, in dem ein
zusétzlicher Teilchenaustauch aufgrund von Inhomogenitéten vorhanden ist. Damit ist
nach Entwicklung des statistischen Operators p nach 6u das Ubergangsmatrixelement
durch

Skp) = flki)
E(ky) — E(k;)
gegeben. Hier wurden k; und ky als die Wellenzahlvektoren der eingehenden beziehungs-
weise auslaufenden Teilchen genutzt. Dieses Matrixelement beschreibt die Wellenzahl-
vektordnderung der Fermionen im betrachteten lokalen Gleichgewicht durch die Teil-
chendiffusion. Um auch Stofe in diesem Matrixelement zu beriicksichtigen, wird eine
Relaxationszeitniaherung benutzt. In dieser wird die von-Neumann-Gleichung dp/0t +
(i/h)[H, p] = 0, mit dem Kommutator [.,.], auf den statistischen Operator mit Wechsel-
wirkungen erster Ordnung p(!) angewendet. Das entsprechende Energieiibergangsmatri-
xelement hat dann die Form

(krlplki) = f(kf)ok,x, — Sp(ky — ki) + o(0p?) (2.54)

wikylpM ki) =(E(ks) — E(ki) (kglpM ki) + (f (ks) — f(k))V [k — ki)

. fky) — f(ki)
—iv ((kffp(l)\kz? + m@(h - ki)) :

(2.55)
wobei die letzten beiden Terme auf der rechten Seite dazu addiert wurden, um die Rela-
xation der Teilchen mit der Relaxationsfrequenz v in das Gleichgewicht zu beschreiben.
Die ersten beiden Terme der rechten Seite charakterisieren die Bewegung der Teilchen in
Gegenwart des Potentials V.

Um in Gleichung (2.55) die Teilchenerhaltung zu gewéhrleisten, muss die Kontinuitats-
gleichung

win(k,w) = k- dj(k,w), (2.56)

mit dem Impulsiibertrag k = k; — k;, der Dichte n und der Stromdichte ¢j der impuls-
andernden Teilchen, die durch

dp

on(k,w) = / @nh)? (p+k/2pW|p —k/2), (2.57)
i) = [ s 2o +1e/205 p — /2 (259)

definiert sind, gelten. Wenn man die Gleichung (2.55) tiber p integriert und mit Gleichung
(2.56) vergleicht, muss fiir den Erhalt der Teilchenzahldichte
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dp fp+k/2) - f(p—k/2) _

erfiillt sein, was zu der Bedingung du(k) = dn(k,w)/IIRPA (k,0) fiihrt. Hier wurde zur
Abkiirzung der Ausdruck (2.52) verwendet. Das ist eine Bedingung, die wéhrend der Stof-
relaxation des Systems ins Gleichgewicht die Teilchenzahlerhaltung gewahrleistet, da hier
wahrend des Relaxationsprozesses ein Teilchenaustausch mit der Umgebung zugelassen
wird.

Um auf eine geschlossene Form fiir die dielektrische Funktion unter Berticksichtigung
von Stéfen zu kommen, wird die Gleichung (2.55) nach (k|p(!)|k’) umgestellt und in
Gleichung (2.57) eingesetzt. Damit erhalt man fiir die Dichte

IRPA (K, w + i)V (q)
1 — [+—=—~][1 — ORPA(k, w + iv) /TIRPA (K, 0)]

1—iw/v

n(k,w) = (2.60)
Wenn in diese Gleichung die dielektrische Funktion (2.32) fiir die Beschreibung eines
Zwei-Teilchensystems und die allgemeine Form der Polarisationsfunktion

II(k) = on(k,w)/V (k) |101] eingesetzt wird, gewinnt man die longitudinale dielektrische
Funktion unter Beriicksichtigung von Stofen [104]

(1 +iv/w)(eRPA (k,w +iv) — 1)
T+ (/) (T (o + 1) — 1) /A (1, 0) — 1)

Basierend auf der Ndherung der RPA und den Eigenschaften der dielektrischen Funk-
tion, erfiillt der in diesem Abschnitt gemachte Ansatz die Bedingungen lir% ei(k,w) =
v—

eRPA (K, w) und &(k,0) = ey (k,0) (vergleiche Gleichung (2.27)). Dieser Ansatz von Mer-
min wurde hier ausschliefslich fiir eine konstante Stoffrequenz v hergeleitet, gilt allerdings
auch fiir dynamische Stoffrequenzen, wie in den Arbeiten [105,106] gezeigt wurde.

Damit ist es gelungen, aus der Beschreibung der Polarisation ohne Wechselwirkungen
(RPA) eine longitudinale dielektrische Funktion, die auch eine einfache Wechselwirkung
des Polarisations-Teilchen-Antiteilchen-Paares beinhaltet, zu gewinnen. Dissipative Pro-
zesse konnen somit aufgrund der Beschreibung von Stéfsen behandelt werden. Fiir die
Anwendung des gemachten Ansatzes muss ein geeigneter Ausdruck fiir die Stofsfrequenz
v gefunden werden, der im n#chsten Unterabschnitt eingefithrt wird.

ellk,w) =1+

(2.61)

2.1.4 Wechselwirkungsanteil in der longitudinalen dielektrischen Funktion:
StoRfrequenz

In diesem Abschnitt wird die dynamische Stoffrequenz der Elektronen-Ionen-Stofse vor-
gestellt, welche im Abschnitt 2.1.3 fiir die Beschreibung der longitudinalen dielektrischen
Funktion mit Wechselwirkungen als Dampfung v benutzt werden kann. Dabei werden die
Ausdriicke fiir die Stofsfrequenz und der Ansatz zu ihrer Herleitung nur angegeben. Fiir
eine detaillierte Herleitung der dynamischen Stofsfrequenz der Elektronen-lonen-Stofe
iiber die lineare Responsetheorie und Technik der Greenfunktionen sei auf die Arbei-
ten [107-111] verwiesen.

Stofke zwischen zwei geladenen Teilchen lassen sich durch die Coulomb-Wechselwirkung
beschreiben. Dabei kénnen zwischen dem End- und Anfangszustand dieser beiden Teil-
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chen weitere Wechselwirkungen auftreten, wobei der Gesamtimpuls und die Gesamtener-
gie erhalten bleiben muss. Im Folgenden wird der Impulsiibertrag zwischen den Stofs-
partnern als klein angenommen (k — 0). Damit ist die dielektrische Funktion gleich
dem longitudinalen und dem transversalen Anteil, wodurch die Drude-Formel (2.27) fiir
die transversale dielektrische Funktion mit der Formel fiir die longitudinale dielektrische
Funktion (2.32) gleichgesetzt werden kann,

2
1 wpl,e 11 .
eg(w) =1 T ior 1 l{lﬁ% > oy (k, w) Vi (k) = e1(w). (2.62)

Aus dieser Gleichung lésst sich die dynamische Stoffrequenz herleiten, die durch Mole-
kulardynamik Simulationen bestétigt wurde [112]|. Hierfiir muss allerdings noch die Pola-
risationsfunktion II fiir das volle wechselwirkende System bekannt sein. Dafiir fiihrt man
die dynamische Lokalfeldkorrektur G(k,w) [107,113] ein, die die Polarisationsfunktion
mit der Polarisationsfunktion der RPA verkniipft,

HRPA(k, w)
Mk, ) = I G e ) TTRPA (k. ) /(2 ) (2.63)

Diese Lokalfeldkorrektur hat die Form einer inversen Polarisationsfunktion, von der die
inverse Polarisationsfunktion in RPA abgezogen wird, und stellt somit eine Abweichung
der Polarisationsfunktion vom wechselwirkenden System zu der Polarisationsfunktion
eines idealen Systems dar. Das ist bei Umstellung der Gleichung (2.63) nach der Lokal-
feldkorrektur ersichtlich.

Wenn man die Gleichung (2.63) in Gleichung (2.62) einsetzt und den Grenzwert
1131% MRPA (K, w) = £(0,w) — 1 = w§1€0k2/w2 benutzt, erhélt man fiir die Stoffrequenz

Wy

v(w) = —17pG(0,w). (2.64)
Damit muss fiir die Berechnung der Stoffrequenz die Lokalfeldkorrektur fiir £ = 0 im
isotropen Medium bekannt sein. Das erfolgt mittels linearer Responsetheorie und Technik
der Greenfunktionen. Hier muss erwdhnt werden, dass fiir die Nutzung des Ansatzes
(2.62) die Drude-Formel anwendbar sein muss. Daher ist dieser Ansatz nur fiir schwach
korrelierte Systeme mit schwachen induzierten Feldern und Stofen ohne Impulsiibertrag
k = 0 nutzbar.

Der Ansatz der Lokalfeldkorrektur (2.63) kann auch direkt genutzt werden, um in
Gleichung (2.32) die Polarisationsfunktion mit Wechselwirkungen zu bestimmen. Fiir
die Vermeidung der Beschreibung eines doppelten Einflusses der Stofse darf dann nicht
zusitzlich der Ansatz von Mermin (2.61) angewendet werden. Um diesen Ansatz zu
wihlen, sind geeignete Ausdriicke fiir die Lokalfeldkorrektur notwendig [114-117|.

Im Folgenden wird die Stoffrequenz in Bornscher Naherung fiir den Fall eines ho-
mogenen, isotropen Mediums dargestellt. Fiir weitere Ndherungen sei auf [36, 107, 109]
verwiesen. In der Bornschen N&herungen werden nur die Wechselwirkungen in erster
Ordnung betrachtet, das heifst, dass zwischen dem End- und Anfangszustand keine wei-
teren Wechselwirkungen betrachtet werden und somit nur eine Wechselwirkung zwischen
diesen End- und Anfangszustidnden existieren. Damit besitzt die Bornsche Naherung ein
quadratisches Potential,
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Born(w B 4ihe? Z exp {ﬁ AE (p k) — AE.(p,k))} — 1
Qoeowpl,u% K.p 7 ) AEe(p,k)

+k/2)[1 - fi(P’ —k/2)|fe(p —k/2)[1 — fe(p' +k/2)]
hw +ie) + AE;(p’, k) — AE.(p, k) ’

x K2V (k )fi(

z el

(2.65)

Dieses Ergebnis, mit der reduzierten Masse pu, = (me_ Iy mi_l)_l, dem bereits aufsum-
mierten Spin s, = s; = 1/2 und dem Normierungsvolumen 2y, wurde unter Annahme
eines vollstdndig ionisierten Wasserstoffplasmas gewonnen. Die Komponente k, charak-
terisiert den Impulsiibertrag in z-Richtung und AE(p,k) = E(p+k/2) — E(p —k/2) =
R*p - k/m die Energieerhaltung.

Im Folgenden wird der adiabatische Limes betrachtet, in dem die Ionen als wesentlich
schwerer als die Elektronen angenommen werden, m. < m;, und die Ionen damit als
homogener Hintergrund zu den Elektronen betrachtet werden. Die Ionenverteilung kann
dann durch den Strukturfaktor der Ionen

Z exp{ik - (r; — rgp)}/ni (2.66)

ersetzt werden. Dadurch separiert der Beitrag der Elektronen und Ionen und die Sum-
mation iiber p’ kann ausgefiihrt werden,

o 2ihn; fe(Pp +k/2) — fe(p — k/2) 1
VP (w) nemez W A B p k) _hw Ti0) AR (20D

7

Nach Umformung der Summation in die Integralform und Partialbruchzerlegung erhélt
man den Ausdruck fiir isotrope Medien

7 A KV (k) 5 () T et0) — TR R0) -y g

w

2
60’1’L‘Q
VBorn( 1880

w) = _1677262neme
0

der aus der bereits bekannten dielektrischen Funktion in RPA (2.53) berechnet werden
kann. Bei der Annahme eines idealen Plasmas kann S;;(k) = 1 gesetzt werden, was der
Annahme eines isotropen Mediums entspricht. Fiir das Elektron-lon-Wechselwirkungspo-
tential wird ein abgeschirmtes Potential Ve; (k) = —ece;/(g0Q0(k? + %)) mit der inversen
Debye-Abschirmléange xkp (1.4) verwendet.

Um einen abgeschlossenen Ausdruck fiir die Stoffrequenz zu erhalten, wird fiir die
dielektrische Funktion in RPA (2.53) die Fermiverteilung entwickelt [118],

mew?
Ree®M™ (k,w) =1+ hkglvc \/ mf D, —D_], (2.69)
2 2 212
MWy . . Bhw mef [w hk
ImERPA(k)7W) = Tklg\/ 27Tmcﬂ Slnh <T> eXp {— 2 <ﬁ + 4mg > }7 (270)




2.2 Thomsonstreuung 39

mit der Abkiirzung

mef [(w hk
D+ = D — | - =% 2.71
Re ( 2 </<: 2m>> (2.71)
und dem Dawson-Integral
D(z) = —2e~ " /et2 dt +iv/me " (2.72)
0

Diese Entwicklung ist nur fiir nicht-entartete Systeme moglich, vermindert allerdings den
Rechenaufwand im Gegensatz zur Berechnung der dielektrischen Funktion in RPA (2.53).
Im Folgenden wird die dynamische Stoffrequenz in Bornscher Néherung stets mit dieser
Entwicklung durchgefiihrt, was zu den Gleichungen

2
1 2mTme Wy fuw
Born e “ple .
pu— h
Rev™ W) =5\ T T 8 <2kBT>

T ;3 me [w?  h2K2 (2.73)
8 / dk[kz2 + k2)? P {_QkBT (ﬁ + 4m? )}
0

und

2
1 Me Wyl
I Born — € pl,e
m W) 6m2eq \| 2kpT hw
T % hk 1
—— D, —D_ —2D | — | ——
. / SRR [ + (2 \ 2mekBT>]
0

fiir die Stoffrequenz fithrt. Damit erhélt man einen geschlossenen auswertbaren Term
fiir die dynamische Stoffrequenz, wodurch Thomsonstreuspektren eines nicht stofsfreien
Plasmas berechnet werden konnen.

(2.74)

2.2 Thomsonstreuung

In dieser Arbeit wird die Diagnostik von inhomogenen Plasmen mittels Thomsonstreu-
ung untersucht. Die experimentell gestreute Leistung P pro Frequenzintervall dw und
Raumwinkelintervall df2 kann durch

AP or ks a2
00w~ A By |7 X Ry > Eo)
® (2.75)
% [ S G w =) [ ARl (6)S.0 b T0), )

beschrieben werden [119]. Dabei ist o7 = 0.665-10~2* cm? der Thomsonstreuquerschnitt,
k; und k; die Anfangs- und Endwellenzahl und A,,q die bestrahlte Flidche. Der dyna-
mische Strukturfaktor Se.(k,w; T (r), n(r)) beschreibt in dieser Gleichung die statistische
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Verteilung der Elektronen im betrachteten Plasma. Diese Verteilung ist nicht nur vom
Wellenzahlvektor und der Frequenz des gestreuten Lasers abhingig, sondern auch von
den Plasmaparametern, die in inhomogenen Plasmen stark variieren konnen. Die Leis-
tungsdichte des Lasers I(r) ist aufgrund von Absorptionseffekten ebenfalls ortsabhéngig.
Daher wird auch iiber die Dichte der streubaren Photonen [ und die Dichte der Elektro-
nen n., an denen gestreut werden kann, integriert. Dabei bezieht sich n. auf die gesamte
Elektronendichte des Systems, also der freien und gebundenen Elektronen. Weiterhin
wird das Signal in Gleichung (2.75) mit der Instrumentenfunktion Gy, gefaltet, da
das gestreute Signal innerhalb eines Experiments sowohl durch die Instrumentenfunktion
der Messinstrumente als auch durch die Frequenzunschéarfe des Lasers verbreitert wird.
Die Instrumentenfunktion Gy, Wird in dieser Arbeit stets durch eine normalverteilte
Funktion mit der “Full Width at Half Maximum” (FWHM) wpwim charakterisiert.

Fiir die Beschreibung der Polarisation des eingestrahlten Lasers mit der Richtung des

. . A L2
elektrischen Feldes Ey wird der Ausdruck ‘k:f X (kg x Eo)‘ in Gleichung (2.75) benutzt.

Dabei beschreibt z den Einheitsvektor der GroRe z. Dieser Ausdruck kann mit Hilfe der
Polar- und Azimutalwinkel

(1 — sin? @ cos? @), fiir linear polarisiertes Licht

(1 — $sin?0), fiir unpolarisiertes Licht

by x by x Bo)| = { . (276)
ausgedriickt werden [32,36|. Damit wurde der Charakter der Dipolstrahlung der Thom-
sonstreuung, der in Abbildung 1.5 illustriert ist, berticksichtigt, bei dem die Dipolstrah-
lung im einfachen Fall des linear polarisierten Lichts nur iiber einen Polarwinkel von
@ = 90° konstant ist und fiir ¢ = 0° und 6 = 90° verschwindet.

Daraus ist ersichtlich, dass fiir die theoretische Bestimmung der Streuleistung der
Thomsonstreuung sowohl die Plasmaparameter, wie Dichte und Temperatur, als auch
die Struktur des Plasmas bekannt sein miissen. Unter der Annahme eines bekannten
homogenen Plasmas kann der Strukturfaktor analytisch berechnet werden. Dazu muss
vorher das Streuverhalten der Photonen an den Elektronen betrachtet werden. Da Thom-
sonstreuung die Streuung von Photonen an Elektronen beschreibt, kann, wie bereits in
Abschnitt 1.2 erldutert, der eingestrahlte Laser an freien Elektronen, gebundenen Elektro-
nen als auch an Elektronen mit einem Ubergang vom gebundenen Zustand ins Kontinuum
(ionisierende Elektronen) streuen. Diese Beitrige konnen separat betrachtet werden.

Um die Zusammensetzung des Strukturfaktors aus den zuvor erlduterten Streuprozes-
sen zu erkldren, wird die Gleichung (2.44) betrachtet. Hier héngt der Strukturfaktor von
der Responsefunktion der Dichte-Fluktuationen mit L o (|d0p(k,t)|?) ab. Diese Dichte-
funktion dp(k, t) besteht aus einer Summation der freien und der gebundenen Elektronen
dp(k,t) = 0psrei(k, ) + Ipgen (K, t), wobei die Korrelation aus beiden Anteilen den dritten
oben erwihnten Streuprozess beschreibt. Dadurch kénnen auch die einzelnen Struktur-
faktoren separat betrachtet werden,

See(kyw) = ZpSo(kyw) + | fi(k) + q(k)|*Sii(k,w) + Zi / dw’ Se(k,w)Ss(k,w — '),
freie Elektronen gebundene Elektronen —00

ionisierende Elektronen

(2.77)
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was durch Chihara [120, 121] gezeigt wurde. Hierbei stellt der erste Term der rechten
Seite den Strukturfaktor der freien Elektronen S, dar, der mit der mittleren Anzahl der
freien Elektronen je schwerem Teilchen Z; gewichtet wird. Der zweite Term beschreibt
den Anteil des Strukturfaktors durch die gebundenen Elektronen, mit dem Strukturfak-
tor der Ionen S;;. Dieser Strukturfaktor wird mit dem mittleren Formfaktor f; der Ionen,
der die Struktur eines schweren Teilchens beriicksichtigt, und dem Beitrag der Abschir-
mungsfunktion ¢ der Ladungswolke, der die Struktur zwischen dem schweren Teilchen
und den nicht an dieses Teilchen gebundenen Elektronen beriicksichtigt, gewichtet. Der
letzte Term charakterisiert die Struktur aufgrund von ionisierenden Elektronen, die durch
die Lasereinstrahlung erzeugt werden. Dabei wird der Strukturfaktor S, mittels Faltung
durch die Eigenbewegung und Eigenstruktur des schweren Teilchens S, in dessen Feld
dieser Prozess stattfindet, moduliert. Dieser Anteil ist mit der mittleren Anzahl der
gebundenen Elektronen je schwerem Teilchen Z; gewichtet. Im Folgenden werden die
einzelnen Beitriage der Gleichung (2.77) diskutiert.

2.2.1 Strukturfaktor der freien Elektronen

Fiir die Berechnung des Strukturfaktors der freien Elektronen SY, aus Gleichung (2.77)
wird das Fluktuations-Dissipations-Theorem (2.45) herangezogen. In dieses Theorem
kann die longitudinale dielektrische Funktion in RPA (2.53) oder auch in der verbesser-
ten Mermin-Darstellung (2.61) mit der Stoffrequenz in erster Bornschen Naherung, der
sogenannten Born-Mermin-Approximation (BMA), eingesetzt werden. Damit kann der
Strukturfaktor aus der dielektrischen longitudinalen Funktion berechnet werden. Dieser
Strukturfaktor der freien Elektronen wurde fiir homogene Plasmen bereits in zahlreichen
Arbeiten untersucht [32,36,37,122-124].

2.2.2 Strukturfaktor der gebundenen Elektronen

Analog zur Berechnung des Strukturfaktors der freien Elektronen kann auch der Struk-
turfaktor der Ionen S;; iber das Fluktuations-Dissipations-Theorem berechnet werden
[36]. Ein weiterer Ansatz ist die Berechnung des Strukturfaktors der Ionen iiber Finite-
Temperatur Dichte-Funktional-Theorie Molekular-Dynamik (FT-DFT-MD) Simulatio-
nen [125| oder HyperNetted-Chain (HNC) Rechnungen [93,126-130|. Diese Methoden
sind sehr rechenintensiv. Fir eine einfache, analytische Berechnung des Strukturfaktors
der gebundenen Elektronen kann auch die klassische Debye-Hiickel Theorie [131]| ange-
wendet werden. Demnach kann der Strukturfaktor der Ionen durch

2 2
k + KD,@

Sii (k) =
(k) k2+ﬁ%,e+n%,i

(2.78)

angegeben werden. Hierbei ist k. der inverse Debye-Abschirmradius (1.4) der Kompo-
nente c. Dieses Resultat kann fiir ein zwei-komponentiges System aus Elektronen und
Tonen fiir ein klassisches System im Gleichgewicht aus S(k) = —kpT'(Re (Lap))/n ge-
wonnen werden [48]. Die Responsefunktion L erhélt man aus dem Gleichsetzen der
Gleichungen (2.32) und (2.33), in die die allgemeine Form der Responsefunktion L., =
Moy + > g MacVeaLay eingesetzt wird. Dabei wird in dieser Ndherung die Polarisation nur
zwischen gleichen Komponenten Il = 1l,,04 angenommen, wobei die Polarisations-
funktion fiir klassische Systeme im Gleichgewicht durch II,, = —n,/(kpT) ausgedriickt
werden kann [101]. Aukerdem gilt diese Gleichung dann nur fiir Punktteilchen.
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Um auch den Wichtungsfaktor des Strukturfaktors der Ionen in der Gleichung (2.77)
zu erhalten, kann der Formfaktor f fiir ein Wasserstoffatom oder n&herungsweise fiir
Elemente mit kleiner Kernladungszahl durch die Wasserstoffwellenfunktion

1 l
Fur@) = 55 3 [ e o) P ex Gk ), (2.79)

m=—/

mit den drei Quantenzahlen n, £, m, berechnet werden. Um den Formfaktor f zu erhalten,
miissen die Formfaktoren der entsprechenden Elektronen im Atom aufsummiert werden
f =2, [ne. Dabei wird ein reeller Ionisationsgrad

(@) =(Zy — Zo)|f2,(0) + (Z1 — Zf)|f2z,(0), Zoa €N, (2.80)

verwendet. Die Parameter Zy und Z; sind die Ionenladungszahlen der Ionensorten, die
den reellen mittleren Ionisationsgrad Z; begrenzen.

Fiir die Berechnung der Wasserstoffwellenfunktionen wird der aus der Quantenmecha-
nik des Wasserstoffatoms bekannte Ansatz

wném(r) = ¢n£m(ra 0, QS) = nm(ea QS)RnZ(T) (2~81)

genutzt, in dem der Radialanteil R, und die Kugelflichenfunktionen Y™ separieren. Der
Radialanteil kann durch

JIp (n +0)! (22;;”)3/2 (Z)
a?}’g/2 20+ 1)\ (n—¢—-1)(2n) \ nap nag (2.82)

X 1B (—n+0+1,2042,2Z",r/(na))

berechnet werden. Dabei ist ap der Bohrsche Radius, 1 F die konfluente hypergeometri-
sche Funktion [132| und Z, = Z — Zs(Zi,n, () die effektive Kernladungszahl, bei der
von der Kernladungszahl Z eine Korrektur durch die Abschirmung Zg(Z;, n, ) abgezogen
wird, mit der mittleren Ladungszahl der Ionen Z; = Z — Z;. Diese Abschirmungskor-
rektur héngt zum einen von der Lage des betrachteten Elektrons, zum anderen von der
Anzahl der gebundenen Elektronen im schweren Teilchen ab und ist in der Arbeit [133]
tabellarisiert.

Der zweite Wichtungsfaktor des Strukturfaktors der gebundenen Elektronen, die Ab-
schirmungsfunktion ¢, kann durch das Verhéltnis der Strukturfaktoren zwischen Elektro-
nen und lonen und den Ionen selbst abgeschétzt werden [17],

Sei(k) ’%IQ) e
q(k) =\/Z = Zp——C (2.83)
TSy ~ TR+ kD,

Das ist das Ergebnis der Debye-Hiickel Theorie, wobei der Strukturfaktor S,; analog
zu dem oben erlauterte Strukturfaktor S;; hergeleitet werden kann. Ein verbesserter
Ausdruck fiir die Abschirmungsfunktion ¢ kann in [134] gefunden werden.

Als Test fir die Giiltigkeit der Berechnung des Vorfaktors |f(k) + ¢(k)| muss der
Wichtungsfaktor fiir kleine Impulsiibertrdge k& — 0 der Kernladungszahl entsprechen:
%i_)mo \f(k)+q(k)| = Zi+ Z; = Z, da die Anzahl der gebundenen Elektronen durch diesen

Beitrag aufgelost und damit durch diesen gewichtet wird [17].
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2.2.3 Strukturfaktor der ionisierenden Elektronen

Fir die Berechnung des Strukturfaktors der ionisierenden Elektronen, die sogenannte
gebunden-frei Ubergiinge vollziehen, ist sowohl der Strukturfaktor der ionisierenden Elek-
tronen S, als auch die Struktur des schweren Teilchens S notwendig. Fiir hohe Streu-
laserfrequenzen, wie sie in dieser Arbeit verwendet werden, kann der Strukturfaktor der
schweren Teilchen durch Ss(k,w) o 6(w) gendhert werden [135]. Fiir den Strukturfaktor
der ionisierenden Elektronen wird in dieser Arbeit die Néherung von Gregori et al. [17]
gewahlt,

S.(k,w) = ;(?3 3" el w), (2.84)
o

mit dem Renormalisierungsfaktor fiir die Berticksichtigung von kohérenter Streuung

S Zia sl
Z;

r(k) =1 ,mit Y Ziy = Z, (2.85)
(nf)

dem Breit-Dirac-Faktor

1 hk?
B=1+—
wo 2Mee

(2.86)

fiir die Beriicksichtigung der Wechselwirkung des Spins s mit dem magnetischen Moment
m der Elektronen unter elektromagnetischer Welleneinstrahlung der Frequenz wgp und der
Summation der Ubergangsmatrixelemente

hp\/p? +m2c2 1 2 ! 9
k = dQ) | M, k)|~ 2.
Tk, ) 2m (2)3 20 + 2 mz;g/ My o (F)] (2.87)

Aufgrund von Energie- und Impulserhaltung muss der Wellenzahliibertrag & und der
relativistische Elektronenimpuls im Endzustand p die spezielle Form

1
D == \/[hc(ki —ky) +mc? — E(ng)]2 — m2ct, (2.88)

k=\/k? + k3 — 2kikg cos (2.89)

besitzen. Hier ist E, die Bindungsenergie des Elektrons, an dem gestreut wurde. Die

Ubergangsmatrixelemente haben die Form

Mty p () = (nm]e’*T|p) = / dr 7 (1)’ (1), (2.90)

mit der Wellenfunktion des gebundenen Elektrons ¢y, . die fiir leichte Elemente mit
den Wasserstoffwellenfunktionen (2.81) genihert werden kénnen, und der Wellenfunkti-
on des freien Elektrons ¢p(r). Die Wellenfunktion der freien Elektronen wird in dieser
Arbeit ndherungsweise durch ebene Wellen ¢p(r) = exp (ip - r) ausgedriickt, wodurch
sich die Summation der Matrixiibergangselemente nach der Fouriertransformation ver-
einfacht [136],
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p+k
2£+1 Z /dQ|M(n£m),p / |Fn€ qua (291)
Ip K|
mit der radialen Wellenfunktion im Impulsraum
2, [ |
Fre(q) = \/;(—l)g/ranz(T)Jz(qT) dr. (2.92)
0

Dabei ist R,(r) bereits in Gleichung (2.82) gegeben und j, ist die regulére sphérische
Besselfunktion

. sinx
]0(56) - T )
( ) sinx cosx

x) = —
J1 562 X )

3 sinz 3cosx

] =(—=-1 — , 2.
32(1') <$2 > X 22 ( 93)

. 15 6\ sinx 15 CcoS T
p =) e

Es muss erwahnt werden, dass die Ndaherung, die Wellenfunktion der freien Elektronen
mit der ebenen Wellenfunktion darzustellen, aufgrund der Vernachléssigung der Coulom-
benergie im Ausgangszustand das Signal {iberschétzt. Eine mogliche Verbesserung ist die
Wahl der Coulombwellenfunktionen als Naherung fiir die Wellenfunktion der freien Teil-
chen [137].

Damit kann der Strukturfaktor der ionisierenden Elektronen in einer Naherung berech-
net werden. Fiir weitere Betrachtungen in dichten Plasmen muss die Bindungsenergie
E(ne aufgrund des Motteffekts modifiziert werden. Diese Modifikation kann durch die
Stuart-Pyatt-Verschiebungsenergie [65]

|:3(Z* n 1) anspe 41 2/3 .
ABERyz7, = — (Z* .y kT (2.94)
beriicksichtigt werden, die zu der Bindungsenergie Fp = F(,;) + AEp hinzuaddiert wird.
Dabei ist kgp eine effektive inverse Abschirmlinge k3p = (4me?(Z* + 1)n.)/(kgT) und

Z2 AZi 'k’I’L‘
700 e (g = Lj=odns

(Z) ijzo nj

(2.95)
die effektive Ladungszahl.

2.2.4 Diagnostik mittels Thomsonstreuung

Mit den Informationen iiber die Berechnung des Strukturfaktors der Thomsonstreuung
der vorherigen Abschnitte ist man in der Lage, Spektren der Thomsonstreuung zu be-
rechnen und mit experimentellen Ergebnissen zu vergleichen. In diesem Abschnitt wird
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erldutert, wie man aus diesen Spektren die Plasmaparameter extrahieren und somit Plas-
madiagnostik betreiben kann. In dieser Arbeit werden vorwiegend die Plasmaparameter
fiir die freien Elektronen untersucht, daher wird sich hier nur auf den Beitrag der freien
Elektronen beschrankt. Um Plasmaparameter aus den Streuspektren zu gewinnen, wird
zuerst auf die Struktur dieser Spektren eingegangen.

Fiir die Berechnung der Streuspektren fiir die freien Elektronen wird das Dissipations-
Fluktuations-Theorem (2.45) herangezogen. Demnach gilt S9, ~ Ime;” ! Dabei kann man
die inverse dielektrische Funktion als

Re (e1(k,w)) —ilm (g1 (k,w))
[Re (e1(k, w))]* + [Im (&1 (, w))]?

schreiben, wobei nur der letzte Term im Zahler fiir die Beschreibung der gesuchten Spek-
tren interessant ist. Dieser Term ist der auf |¢|* normierte Imaginirteil und charakteri-
siert somit die normierte Absorption des Laserfeldes durch das Plasma (siehe Landau-
dampfung [95]). Dabei beschreibt ein positiver Imaginérteil der longitudinalen dielektri-
schen Funktion die Abgabe von Energie des Laserfeldes an die Elektronen, wohingegen
ein negativer Imaginérteil der dielektrischen Funktion die Aufnahme von Energie des La-
serfeldes aus dem Elektronensystem beschreibt. Das ist aus Abbildung 2.2 ersichtlich. In
dieser Abbildung sind der Realteil und der Imaginérteil der longitudinalen dielektrischen
Funktion, der Normierungsfaktor || und der Imaginirteil der inversen longitudinalen
dielektrischen Funktionen fiir drei unterschiedliche laser-induzierte, homogene Plasmen
dargestellt. Aus dieser Abbildung ist die Beschreibung der Absorption durch den Ima-
gindrteil der dielektrischen Funktion ersichtlich, da fiir einen Frequenzverlust und damit
Energieverlust des einkommenden Lasers Aw < 0 ein positiver Imagindrteil und fiir
Energiegewinn des einkommenden Lasers Aw > 0 ein negativer Imaginérteil der longitu-
dinalen dielektrischen Funktion zu beobachten ist.

e Hk,w) = (2.96)

Auferdem beobachtet man in Abbildung 2.2 starke Unterschiede im Imaginérteil der
inversen longitudinalen dielektrischen Funktionen, die sich von der Struktur mit zwei aus-
gepragten Maxima (Abbildung 2.2 b)) in eine Struktur mit einem Maxima (Abbildung
2.2 a)) andert. Aus dem Vergleich der Abbildungen a) und b) sowie der Abbildungen a)
und c) ist zu erkennen, dass dieser Maximawechsel durch Anderung sowohl der Laserpa-
rameter als auch der Plasmaparameter vollzogen werden kann. Weiterhin ist der Realteil
der longitudinalen dielektrischen Funktion fiir das laser-bestrahlte Plasma der Abbil-
dung 2.2 a) stets positiv, wohingegen fiir die laser-bestrahlten Plasmen der Abbildungen
2.2 b) und c) je vier Nullstellen zu erkennen sind. Diese Struktur ist auf die Gleichung
(2.96) zuriickzufithren, in der im Bereich der Nullstellen des Realteils der dielektrischen
Funktion Maxima in der inversen dielektrischen Funktion auftreten konnen. Bei stets po-
sitivem Realteil wird stattdessen eine Dampfung des Strukturfaktors fiir alle Frequenzen
beobachtet. Damit sind zwei unterschiedliche Strukturfaktoren der Thomsonstreuung an
freien Elektronen zu beobachten, die die kollektive und nicht-kollektive Thomsonstreuung
aus Abschnitt 1.2 charakterisieren und durch Gleichung (1.11) unterscheidbar sind. Das
hat seine Ursache in der Minimierung des Normierungsfaktors |)|? und im gleichzeitigen
Bestehenbleiben des Imaginérteils der longitudinalen dielektrischen Funktion.

Um die bereits in Abschnitt 1.2 eingefithrte Messung der Dichte und Temperatur aus
dem kollektiven Thomsonstreusignal zu verdeutlichen, wird diese hier noch einmal kurz
betrachtet. Es ist bereits bekannt, dass die Laser-Plasmonen-Kopplung analog zu ei-
ner geddmpften, erzwungenen Schwingung sein Maximum in der Resonanzfrequenz der
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Abbildung 2.2: Darstellung des Imaginérteils und Realteils der longitudinalen dielektri-
schen Funktion, des Imaginarteils der inversen longitudinalen dielektri-
schen Funktion und des Normierungsfaktors |¢;|? der Gleichung (2.96) in
Abhéngigkeit von der Laserfrequenzverschiebung in Einheiten der Plas-
mafrequenz der Elektronen fiir drei verschiedene Streuexperimente: a)
nicht-kollektive Streuung, b)+c) kollektive Streuung mit unterschiedli-
chen Laser- und Plasmaparametern. Es ist zu beobachten, dass Anderung
sowohl der Plasmaparameter als auch der Laserparameter zur Anderung
des Streuverhaltens fiihrt.

Plasmonen hat, wodurch zwei Maxima im Bereich der positiven und negativen Resonanz-
frequenz im Spektrum der Thomsonstreuung der freien Elektronen zu beobachten sein
miissen (siehe Abbildungen 2.2 und 2.3). Die Resonanzfrequenz wyes muss im Bereich der
Eigenschwingung des System, also der Plasmafrequenz der Elektronen, liegen. Dabei kann
die Resonanzfrequenz wyes durch den eingestrahlten Laser, der als &ufseres elektromagne-
tisches Feld die Elektronendichtefluktuation modifizieren kann, durch Gleichung (1.12)
verschoben werden. Diese Dispersionsrelation ist die Bohm-Gross-Relation fiir klassische
Systeme [62|. Aufgrund der Abhéngigkeit der Plasmonen von der Bose-Statistik tiber
(1 4+ np), kann die Temperatur aus dem Verhéltnis der beiden Plasmonenmaxima fiir
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Plasmonenanregung und -abregung mit den Eigenschaften der dielektrischen Funktion
(2.13) bestimmt werden,

S(k,w) hw
Sk —w) exp { kJBTe} . (2.97)

Da die Plasmonenresonanzfrequenz im FExperiment mit guter Genauigkeit gemessen wer-
den kann, werden die Grofsen S und wyes fiir gewohnlich auf dieser Resonanzfrequenz
benutzt. Zur Verdeutlichung ist in Abbildung 2.3 die Diagnostik des freien Elektronen-
systems aus dem Strukturfaktor mit den Parametern der Abbildung 2.2 b) dargestellt.
Hier ist der Einfluss der Temperatur auf den Strukturfaktor mit Hilfe der Funktion
(14+ngp) hervorgehoben. Zudem wird in dieser Abbildung der Strukturfaktor mit der lon-
gitudinalen dielektrischen Funktion in RPA und BMA berechnet. Woraus zu erkennen
ist, dass der Einfluss von Stofen den Strukturfaktor analog zu der Verbreiterung des Re-
sonanzmaximums einer geddmpften Schwingung verbreitert. Damit kann allerdings nicht
auf eine Verkiirzung der Lebensdauer geschlossen werden, da die Plasmonen auch ohne
Anwesenheit des zu streuenden Lasers vorhanden sind.

i
Temperatur- i
asymmetrie i

P ————— R
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Abbildung 2.3: Schematische Darstellung des Strukturfaktors der freien Elektronen S9,
und der entsprechenden Bose-Funktion (14 ng) in Abhéngigkeit von der
Laserfrequenzverschiebung Aw. Die longitudinale dielektrische Funktion
zur Bestimmung des Strukturfaktors wurde in RPA und BMA berechnet.
Es wird eine Verbreiterung des Strukturfaktors in BMA gegentiber der
RPA beobachtet. Zur Verdeutlichung der Plasmadiagnostik anhand der
Thomsonstreuspektren ist die Frequenzverschiebung der Plasmonenreso-
nanz Awes und die Asymmetrie der Temperatur an diesen Resonanzen
mit gestrichelten Linien hervorgehoben.

Mit diesem theoretischen Hintergrund ist man in der Lage aus den gemessenen Streu-
spektren der Thomsonstreuung an freien Elektronen die Plasmaparameter des freien
Elektronensystems zu bestimmen. Hier soll noch einmal erwdhnt werden, dass die Glei-
chung (1.12) aus der dielektrischen Funktion in RPA fiir klassische Systeme hergeleitet
wurde. Daher ist das eine grobe Abschétzung fiir klassische Systeme. Verbesserungen der
Plasmonenresonanz wurde in [138] untersucht. Daraus geht hervor, dass fiir die in die-
ser Arbeit betrachteten Systeme die obige Plasmonenresonanz (1.12) im Vergleich zum
experimentellen Rauschen ausreichend ist.
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3 Beschreibung laser-induzierter Plasmen

Mit dem vorherigen Kapitel 2 wurde die Wechselwirkung zwischen Licht und Mate-
rie und die daraus folgende Thomsonstreuung als Plasmadiagnostikwerkzeug eingefiihrt.
Laser-erzeugte Plasmen unterliegen dynamischen Prozessen, die auf der in dieser Arbeit
betrachteten Femtosekunden- bis Pikosekundenzeitskale einen groffen Einfluss auf die
Dichte und Temperatur des Plasmas haben. Das dynamische Verhalten von Plasmen soll
mit Hilfe der Thomsonstreuung innerhalb dieser Arbeit diagnostiziert und mit experi-
mentellen Daten verglichen werden, wodurch die zeitliche Entwicklung des zu untersu-
chenden Plasmas beschrieben werden muss. Dazu werden zwei Ansétze genutzt. Fiir das
Zeitverhalten innerhalb einiger 100 Femtosekunden nach der Lasereinstrahlung werden
aufgrund der Auflésung von Effekten des Nicht-Gleichgewichts und der Nicht-Linearitét
mikroskopische Ansétze verwendet, wohingegen fiir das Zeitverhalten bis zu einigen Pi-
kosekunden makroskopische Anséitze verwendet werden sollen, da in diesem Zeitbereich
die Anwendung von mikroskopischen Simulationen auf heutigen Rechnersystemen schwer
zu realisieren sind.

In diesem Kapitel werden zuerst im Abschnitt 3.1 die Grundlagen fiir die Beschreibung
der zeitlichen Entwicklung eines Plasmas eingefiihrt. Anschliefsend wird im Abschnitt 3.2
der Ubergang zum makroskopische Bild fiir die Beschreibung laser-induzierter Plasmen
vorgestellt.

3.1 Das mikroskopische Bild

Um eine vollstandige Teilchendynamik in einem Plasma unter der Einwirkung eines Laser-
feldes zu beschreiben, wird im vorliegenden Abschnitt das mikroskopische Bild betrachtet.
Darin wird die Dynamik und Wechselwirkung der einzelnen Teilchen, deren Beschreibung
auf der Grundlage von Verteilungsfunktionen im ersten Unterabschnitt eingefithrt wird,
mit Hilfe der Boltzmanngleichung, die im zweiten Unterabschnitt vorgestellt wird, un-
tersucht. Aufbauend auf der Boltzmanngleichung wird im dritten Unterabschnitt die
Dynamik eines Plasmas und ihre mikroskopische Simulation beschrieben. Abschlieffend
werden im letzten Unterabschnitt die fiir die Simulationen von dynamischen Plasmen
notwendigen lonisationsprozesse eingefiihrt.

3.1.1 Mikroskopisches Bild und Verteilungsfunktionen

In diesem Abschnitt werden die Grundlagen zur klassischen mikroskopischen Beschrei-
bung eines Gases beziehungsweise einer Fliissigkeit gegeben. Um ein solches klassisches
System mikroskopisch zu charakterisieren, miissen die Orte r und Impulse p sdmtli-
cher Teilchen Ng bekannt sein. In der Regel bestehen die zu betrachtenden Systeme aus
N, = 10'% ¢cm™3 Teilchen im Falle von verdiinnten Gasen und bis zu Ny, = 10?3 ¢cm ™3
Teilchen im Falle von Festkorpern [139]. Damit benétigt man fiir ihre vollstdndige Cha-
rakterisierung die Orts- und Impulskoordinaten aller 10'® — 10?® cm =3 Teilchen. Bei der
Betrachtung von Molekiilen sind auch Informationen iiber Vibrations- und Schwingungs-
eigenschaften notig [95], die hier allerdings nicht weiter ausgefithrt werden. Weiterhin
miissen fiir die zeitliche Entwicklung dieser Systeme die kanonischen Gleichungen der
Hamiltonischen Mechanik

dI‘Z‘ . oH dpi _ oH

dt N 8[)@', dt N Bri’

mit i = 1,2,..., N, (3.1)
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und H = H(ry,p1,...,rN,,PN,, 1), fiir alle 1016 — 10%® Teilchen geldst werden. Die
Hamiltonfunktion

H=Y 2t 2 Vil -+ v (rip) (32

gibt die kinetische Ej = p?/(2m) und potentielle V' beziehungsweise externe potentielle
Vet Energie des Systems an und beschreibt somit die internen und externen Kriifte.
Dabei sind in dieser Hamiltonfunktion auch Wechselwirkungen berticksichtigt, bei denen
mehr als zwei Teilchen beteiligt sind. Die Berechnung dieses Problems ist auf heutigen
Rechnersystemen zu aufwendig, um die Losung in einer endlichen Zeitdauer zu erhal-
ten. Um dennoch solche Systeme zu beschreiben, wihlt man einen statistischen Zugang.
Dazu werden N im Phasenraum benachbarte Teilchen zusammengefasst, wobei dieser
Phasenraum das gesamte Material umfassen kann, wobei dann N = N gilt.

Um die Teilchen in einem Phasenraum zu charakterisieren, wird eine kontinuierliche
Funktion eingefiihrt, die vom Phasenraum der betrachteten Teilchen, also den Orten r;
und den Impulsen p;, sowie von der Zeit ¢ abhéngt: die N-Teilchenverteilungsfunktion

fN(rlyplyr2ap2a"'arNapN’t)' (33)

Eine Problematik, die aus diesem Ansatz resultiert, ist die Wahl des Phasenraums dieser
Verteilungsfunktion und die daraus folgende Anzahl an Teilchen, die dieser Funktion zu
Grunde liegt. Zum einen muss das Ortsvolumen ausreichend klein sein, um nicht den
mikroskopischen Charakter des Problems zu verlieren, zum anderen muss das Ortsvolu-
men ausreichend grof sein, damit geniigend Teilchen in diesem Volumen enthalten sind,
um eine kontinuierliche /N-Teilchenverteilungsfunktion annehmen zu kénnen. Prinzipiell
muss die Anzahl der Teilchen, die durch die Verteilungsfunktion beschrieben werden, ge-
gen Unendlich gehen und das dazugehorige Ortsvolumen muss unendlich klein sein [140].
Das wiirde auf Systeme mit unendlich groften Dichten zutreffen, die allerdings mit der
weiter unten betrachteten Methodik der zeitlichen Evolution der Verteilungsfunktionen
und den dazugehérigen Bedingungen im Konflikt stehen. Daher muss ein Kompromiss
gefunden werden. Um eine sinnvolle Bedingung fiir das Ortsvolumen zu wéhlen, wird die
Abmessung dieses Volumens als grofs gegeniiber der Teilchengrofse festgesetzt. Aufgrund
des resultierenden Verlusts der Bestimmtheit der genauen Positionen der Teilchen verlie-
ren die Stofe in einem solchen System ihre klassische Determiniertheit und es kann nur
noch von Wahrscheinlichkeiten gesprochen werden [95].

Somit kann die Beobachtung, dass das makroskopische System den Mikrozustand im
Phasenraumvolumen dI' um den Phasenraumpunkt ri,...py einnimmt, nur als Wahr-
scheinlichkeit

dI‘l e de
N3N

angegeben werden. Hier stellt A3V N!, mit dem Planckschen Wirkungsquantum h, fiir die
Definition der Groke des Phasenraums A3, und der Anzahl der Teilchen im Phasenraum-
volumen N, die die Ununterscheidbarkeit und damit die Mdoglichkeit der Vertauschung
von Teilchen durch N! beschreibt, einen Normierungsfaktor dar. Aus der Bedingung,
dass sich das makroskopische System zu jedem Zeitpunkt in einem Mikrozustand befin-
den muss, leitet sich die Normierung der N-Teilchenverteilungsfunktion ab,

fN(I‘l7 ..-,PN, t)dF, mit dI' = (34)
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/.../deN(rl,...,pN,t) =1. (3.5)

Mit der Information der N-Teilchenverteilungsfunktion ist das System zu einem ge-
gebenen Zeitpunkt ¢ vollstandig bestimmt. Da sich die Bestimmung dieser Funktion als
schwierig erweist, reduziert man das Problem der gleichzeitigen Beschreibung aller Teil-
chen auf die Beschreibung einzelner Teilchen in einem Phasenraumvolumen. Zudem ist
fiir die Beschreibung dynamischer, makroskopischer Gréfsen die IN-Teilchenverteilungs-
funktion ungeeignet, da nicht die volle Information der N-Teilchenverteilungsfunktion
benotigt wird, um die makroskopischen Grofen zu berechnen [141, 142|. Dazu werden
s-Teilchenverteilungsfunktionen (reduzierte Verteilungsfunktionen)

drg dp
fs(r1,P1,. .., Ts, Ps, b) / / + ,h3(NNS fn(re,....pn,t) (3.6)

eingefithrt. Diese Gleichung beschreibt die Bekanntheit der Orte r; und Impulse p; der s-
Teilchen, wobei die restlichen N —s Teilchen jeden beliebigen Ort und Impuls im betrach-
teten Phasenraum einnehmen kénnen. Die Normierung der s-Teilchenverteilungsfunktion
findet man aus der Tatsache, dass die s-Teilchenverteilungsfunktion s Teilchen des aus N
Teilchen bestehenden Mikrozustands beschreibt und somit (];7 ) Moglichkeiten existieren,
diese s aus N Teilchen anzuordnen,

dry .. dpS (3.4),(3.6) N! (N
/ / BT fs(r1,...,ps,t) = o s ) (3.7)

Diese reduzierten Verteilungsfunktionen werden im Folgenden dazu verwendet, um ma-
kroskopische Eigenschaften zu bestimmen, die sich aus den mikroskopischen Bedingungen
herleiten lassen. Das erfolgt durch das Bilden von Erwartungswerten unter Nutzung der
reduzierten Verteilungsfunktionen. Da diese Erwartungswerte nicht die volle Information
der N-Teilchenverteilungsfunktion benétigen, kénnen die reduzierten Verteilungsfunktio-
nen dazu genutzt werden, um einfach auswertbare Ausdriicke fiir diese Erwartungswerte
zu erhalten [141,142].

Die in dieser Arbeit benétigten ortsabhédngigen makroskopischen Eigenschaften A(r,t)
des Systems werden aus den mikroskopischen Eigenschaften a(r, p) durch Mittelung tiber
den Impuls mit Hilfe der Ein—Teilchenverteilungsfunktion f; gewonnen,

(Ar0) =€ [ Ratw.p. ) fi(e,p.0) (3.8)

mit dem Normierungsfaktor C'. Hierbei kann die Teilchenverteilungsfunktion iiber die
Gleichung (3.4) als Wahrscheinlichkeitsdichte w mit

fn(re,...pn,t) = N'R3Nw(ry, ..., py,t) interpretiert werden. Der Normierungsfaktor
C resultiert aus der Normierung der Wahrscheinlichkeitsdichte. Damit ist der Normie-
rungsfaktor C' durch die Impulsintegration {iber die Ein—Teilchenverteilungsfunktion

é = / (jl—gfl(r,p,t) = n(r,t) (3.9)

gegeben und wird als ortsabhéingige Dichte des makroskopischen Systems interpretiert.
Als Beispiel wird dies fiir den einfachen Fall eines homogenen Systems gezeigt,
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1 (L dp @0 N
e (7m) [or [ Breen ™ . (3.10)

mit dem Systemvolumen [dr = V. Hier muss wieder die Frage nach der Grofe des
Phasenraumvolumens gestellt werden, da fiir die Ermittlung der makroskopischen Eigen-
schaften die Fluktuation der mikroskopischen Eigenschaften nicht zu groft werden darf.
Das ist der Fall, wenn geniigend Teilchen in einem Phasenraumvolumen enthalten sind.
Das heifst, dass der mittlere Abstand der Teilchen klein gegeniiber den Abmessungen des
Phasenraumvolumens sein muss [95].

Damit ist man in der Lage, makroskopische Eigenschaften aus mikroskopischen Ei-
genschaften herzuleiten. Um eine zeitliche Entwicklung dieser Eigenschaften zu erhalten,
wird im néchsten Abschnitt die zeitliche Entwicklung der Verteilungsfunktionen disku-
tiert.

3.1.2 Kinetische Boltzmanngleichung

Die Grundgleichung der kinetischen Gastheorie ist die Boltzmanngleichung und besch-
reibt die zeitliche Entwicklung der Verteilungsfunktionen. Wie in diesem Abschnitt ge-
zeigt wird, ist diese Gleichung auch auf verdiinnte (leicht nicht-ideale), quasi-neutrale
(dieser Begriff wird spéter eingefiihrt) Plasmen anwendbar. Mit leicht nicht-ideale Plas-
men sind hierbei Plasmen gemeint, die sich durch kleine Stérungen aus dem idealen
Zustand im nicht-idealen Zustand befinden. Im Folgenden werden nur einatomige Gase
betrachtet, so dass das Phasenraumvolumen I' auf den Ort und Impuls der Teilchen re-
duziert werden kann und Rotations- und Vibrationsparameter nicht notwendig sind. Die
Argumente der Verteilungsfunktion werden in diesem und den néchsten Abschnitten der
Einfachheit halber weggelassen. Es wird jetzt die zeitliche Entwicklung der Verteilungs-
funktion f(r,p,t) entlang der Phasenraumtrajektorie betrachtet [95]

dfy or 0 op 0
a f1+8t3f1+__1

= it = () n gt - (p) e G

die mit den kanonischen Gleichungen der Hamiltonischen Mechanik und dem Liouville-
Theorem verschwindet,

dfi 31 8 0’H O’H ]
w f1 + [ (tf1) + (pfl) - arapfl - 8p6rf1 =0. (3.12)
=0, Kontinuitédt des Phasenraums =0, Satz von Schwarz

Dabei muss berticksichtigt werden, dass im Liouville-Theorem die Zeitintervalle nur als
sehr klein gewéhlt werden konnen, damit jedes Untersystem des statistischen Ensem-
bles, welches durch einen Phasenraumpunkt beschrieben wird, als quasi abgeschlossen
betrachtet werden kann. Das ist notwendig, um die Phasenraumpunkte als statistisch
unabhéngig zu betrachten, womit diese nur schwach miteinander wechselwirken. Wenn
man die Untersysteme als grofs genug betrachtet, dass geniigend Teilchen darin enthalten
sind, wechselwirken die Teilchen benachbarter Phasenraumpunkte nur am Rand mitein-
ander. Dadurch ist die Zahl der Teilchen am Rand eines Phasenraumvolumens, die mit
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Teilchen benachbarter Phasenraumvolumina wechselwirken kénnen, klein gegeniiber der
Gesamtzahl der Teilchen in einem Untersystem.

Damit wurde unter Benutzung des Satzes von Schwarz (Gleichgiiltigkeit der Reihen-
folge der Differentiation), der Tatsache eines kontinuierlichen Phasenraums und den Re-
lationen 1 = v und p = F eine Gleichung fiir die zeitliche Entwicklung der Ein-Teilchen-
verteilungsfunktion

0 0 0
afl‘FVa‘ﬁ—FF%fl =0 (3'13)

gefunden, wobei v die Geschwindigkeiten der Teilchen und F' die auf die Teilchen wirken-
den externen und internen Kréfte darstellen. Diese Gleichung (3.13) wird unter Bertick-
sichtigung der elektromagnetischen Kréafte F mit Hilfe der Maxwellgleichungen und der
Lorentzkraft als Vlasovgleichung bezeichnet. Kontinuierlicher Phasenraum meint hier,
dass keine Phasenraumpunkte vernichtet oder erzeugt werden kénnen und somit die
Kontinuitatsgleichung ohne Quellen anwendbar ist [141,142].

Im Allgemeinen werden jedoch Systeme betrachtet, in denen der Phasenraum mit der
Anderung der Zeit nicht konstant ist. Dies ist der Fall, wenn ein nicht stoffreies System
betrachtet wird, bei dem sich durch Stéfe der Impuls der Teilchen &ndern kann, was eine
Anderung des Phasenraums zur Folge hat. Dann muss die Gleichung (3.13) durch einen
Stofiterm St f ergénzt werden,

0 0 0
a1t vafit F%fl = St f. (3.14)

Der Stofsterm beschreibt die Stofsprozesse der Teilchen untereinander, wobei nicht nur
zwei einzelne Teilchen untereinander wechselwirken konnen, sondern auch Mehrteilchen-
stofe stattfinden konnen. Unter der Annahme eines verdiinnten Systems (leicht nicht-
ideales System) wird die Wahrscheinlichkeit fiir Teilchenstofe, an denen mehr als zwei
Teilchen teilnehmen, sehr klein und der Stofterm

0 dr/dp/ ;o dr/dp/ BV(r, I‘/) 0 ’ot
Stf—a/TfQ(rapar7p7t)_/ h3 or %fQ(r7p7r7p7t) (315)

kann auf die Zwei-Teilchenverteilungsfunktion beschrankt werden. Dieser Term besch-
reibt die StoRe zwischen zwei Teilchen mit den Phasenraumpunkten p, r und p’, r'.
V(r,r’) ist das Wechselwirkungspotential zwischen den beiden wechselwirkenden Teilchen
und ist von den Ortskoordinaten der beteiligten Teilchen abhéngig. Speziell im Fall eines
Plasmas, in dem das Coulombpotential gilt, ist das Potential V' nicht nur auf die Umge-
bung der stoftenden Teilchen beschrinkt, wodurch ein grofes Gebiet im Plasma am Stofs
beteiligt sein kann. Auf solch eine Beschreibung der Stofe in Plasmen wird im Abschnitt
3.1.3 eingegangen. Um eine exakte Beschreibung des Problems der Teilchenstofse zu er-
halten, muss eine weitere kinetische Gleichung fiir die Zwei-Teilchenverteilungsfunktion
aufgestellt werden, die wiederum durch Stofse zwischen drei stofenden Teilchen von der
Drei-Teilchenverteilungsfunktion abhéngt usw. Dies fiilhrt auf die BBGKY Hierarchie
(Bogoljubov, Born, Green, Kirkwood, Yvon) [95,141], welche eine Schar gekoppelter, ki-
netischer Gleichungen ist, die bis zur N-Teilchenverteilungsfunktion fortgefiihrt werden
misste. Im Allgemeinen wird unter der Annahme eines verdiinnten Plasmas bereits nach
der kinetischen Gleichung fiir die Ein-Teilchenverteilungsfunktion abgebrochen.
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Damit wurde eine Bewegungsgleichung fiir die Ein-Teilchenverteilungsfunktion gefun-
den, die aufgrund ihrer zusétzlichen Abhingigkeit von der Zwei-Teilchenverteilungsfunk-
tion nicht allein mit Gleichung (3.14) losbar ist. Um eine geschlossene Gleichung fiir
die Ein-Teilchenverteilungsfunktion zu erhalten, wird der Stofiterm durch Ein-Teilchen-
verteilungsfunktionen angenéhert. Dabei wird, wie schon von dem oben verwendeten
Liouville-Theorem gefordert, fiir kleine Zeitintervalle die statistische Unabhéngigkeit der
Verteilungsfunktionen genutzt, um vor und nach dem Stof§ fo(r,p,r’,p’,t) =
fi(e,p,t) f1(r',p’,t) anzunehmen. Damit erhdlt man die Boltzmanngleichung, die die
zeitliche Entwicklung eines Systems durch Ein-Teilchenverteilungsfunktionen beschreibt.

Um einen Ausdruck fiir den Stofterm und damit eine geschlossene Form der Boltz-
manngleichung in der Ein-Teilchenverteilungsfunktion zu erhalten, wird jetzt der Stof-
term etwas genauer untersucht. Dazu werden die betrachteten Zwei-Teilchen-Stofsprozesse
als elastisch angenommen, das heifst, dass sich die inneren Zustédnde der Teilchen wéah-
rend des StoRes nicht andern. Des Weiteren gilt Impulserhaltung p +p’ = p + p’, wobei
p und p’ die Impulse der beiden Teilchen nach dem Stof sind.

Der Stofiterm selbst beschreibt die Anderung des Phasenraums p des betrachteten
Teilchens aufgrund von Stéken mit Teilchen des Phasenraums p’. Dabei dndert sich der
Phasenraum beider Stokpartner p,p’ — p,p’. Der Ort unmittelbar vor und nach dem
Stofs dndert sich hierbei nicht. Um den Stofsterm quantitativ zu beschreiben, kann dieser
durch

Stf=G-L= /dp’df)df)’ <w’ff’ - wff’) (3.16)

ausgedriickt werden [95,141-143]. Damit kann der Stofterm als Gewinn G beziehungswei-
se Verlust L an Teilchen im Phasenraumintervall dp in der Ein-Teilchenverteilungsfunk-
tion im Volumenintervall dV' beschrieben werden. In dieses Phasenraumintervall kénnen
alle Stofe iibergehen, die alle moglichen Phasenraumintervalle dp’, dp, dp’ annehmen
konnen. Hierbei beschreibt der erste Term den Gewinn und der zweite Term den Ver-
lust an Teilchen im Phasenraumintervall dp. Weiterhin charakterisieren f, f’ die Ein-
Teilchenverteilungsfunktion der Teilchen vor dem Stof und f, f’ die Ein-Teilchenvertei-
lungsfunktion nach dem Stof. w und w’ sind die Stofwahrscheinlichkeiten fiir positive
und negative Zeitrichtung, in die das gesamte Problem des Stofses iibertragen wurde.

Die Eigenschaft dieser Wahrscheinlichkeit, dass aufgrund der Symmetrie der Grundglei-
chungen der Mechanik beziiglich der Zeitumkehr [95] w’ = w gilt, wird dazu verwendet,
um Gleichung (3.16) zu vereinfachen. Zudem kann man die Stofwahrscheinlichkeit mit
dem effektiven Wirkungsquerschnitt

do = —2 _ dpdp’ (3.17)
p—p|

verkniipfen [95]. Damit kann eine Bewegungsgleichung fiir die Ein-Teilchenverteilungs-
funktion, die kinetische Boltzmanngleichung,

0 0 0 ~
U9y F£ _ / / dodp' {77 — £}lp — P, (3.18)

gefunden werden, die nur von der Ein—Teilchenverteilungsfunktion abhéngt. Hier wurden

die Abkﬁrzungen f = fl(rapat)a f, = fl(r’p,,t)7 f = fl(rafj?t) und f, = fl(r’f),,t)
genutzt.
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3.1.3 Mikroskopische Beschreibung eines laser-induzierten Plasmas

Um die Laser-Materie-Wechselwirkung exakt zu beschreiben, muss diese Wechselwirkung
mikroskopisch untersucht werden. Speziell fiir hohe Laserintensitéiten ab I = 107 W /cm?
kénnen nicht-lineare und relativistische Effekte beobachtet werden, die nur im mikro-
skopischen Bild zu beschreiben sind. Daher ist es im Zeitbereich wiahrend und einige
100 Femtosekunden nach der Einstrahlung intensiver Laser notwendig eine mikroskopi-
sche Beschreibung zu wahlen, die hier vorgestellt wird.

Im Abschnitt 3.1.2 wurde die Boltzmanngleichung (3.18) eingefiihrt, mit der in die-
sem Abschnitt Plasmen beschrieben werden sollen, die aus geladenen Teilchen bestehen,
zwischen denen langreichweitige Coulombkréfte herrschen. Ein Problem aufgrund die-
ser langreichweitigen Kréfte ist die Behandlung der Stofe und der daraus resultierenden
Korrelationen im System, da fiir die Giiltigkeit der Boltzmanngleichung das zu betrach-
tende System nur leicht nicht-ideal sein darf. Um diese Bedingung zu gewéhrleisten, muss
die mittlere Wechselwirkungsenergie zweier geladener Teilchen klein im Vergleich zu ih-
rer mittleren kinetischen Energie sein. Hier wurde jedoch der in Plasmen auftretende
statistische Effekt der Abschirmung nicht beriicksichtigt. Durch diesen kénnen sich die
verschieden geladenen Ladungstréager der Ionen und Elektronen gegenseitig abschirmen,
womit die Langreichweitigkeit der Coulomb-Krifte verkiirzt wird. Daraus kann die oben
genannte Bedingung fiir die schwache Idealitét des Plasmas umformuliert werden: In ei-
nem Plasmasystem, das nur leicht nicht-ideal ist, muss der mittlere Teilchenabstand klein
gegeniiber der Debye-Abschirmlénge sein. Das heifst, es miissen sich stets genug Teilchen
innerhalb der Debye-Kugel mit dem Radius der Debye-Léange (1.4) befinden.

Aufgrund der Langreichweitigkeit der Coulombkrifte beziehungsweise der abgeschirm-
ten Coulombkrifte miissen die Stofe neu betrachtet werden, da jetzt samtliche gela-
denen Teilchen in einem Plasma untereinander wechselwirken kénnen. Dadurch konnte
jede Wechselwirkung als Stofs aufgefasst werden. Da allerdings Stofse dissipative, entro-
pieverdndernde Prozesse sind und nicht jede Wechselwirkung diese Eigenschaft besitzt,
miissen die Coulomb-Wechselwirkungsprozesse zwischen den geladenen Teilchen klassifi-
ziert werden. Zum einen gibt es Wechselwirkungen innerhalb der Debye-Kugel, die auf
chaotischen, mikroskopischen Stéfsen zwischen den Teilchen beruhen. Dieser Prozess ist
vergleichbar mit Stofsen zwischen harten Kugeln und trigt zur Relaxation ins Gleich-
gewicht und somit zur Entropieverinderung des Systems bei. Zum anderen existieren
zusétzliche Stofke zwischen Teilchen mit Abstdnden grofer als die Abschirmlénge. Da
bei diesen Wechselwirkungen nicht nur eine Schar von mikroskopischen Teilchen inner-
halb der Abschirmlénge, sondern ein ganzes Kollektiv an Teilchen teilnimmt, kann dieser
Prozess als makroskopischer Effekt angesehen werden. Somit kann dieser Effekt nicht
zum Anwachsen der Entropie oder zur Relaxation des Systems beitragen. Im Gegensatz
zu dissipativen, entropieveriandernden Stofprozessen wirkt diese makroskopische Kraft
kontinuierlich in der Zeit zwischen den Stofen und die Teilchenbewegung kann dadurch
nicht mehr als frei angesehen werden, womit dieser Prozess als externe Kraft in der
Boltzmanngleichung beriicksichtigt werden muss [95]. Diese Kraft kann als die Lorentz-
kraft F,; = e(E+ v x B/c) identifiziert werden. Damit kommt es zu einer Trennung
der Kréfte in der Boltzmanngleichung, wobei die kollektiven Wechselwirkungen in den
externen Kréften und die Wechselwirkungen innerhalb der Abschirmlénge im Stofsterm
berticksichtigt werden.

Damit erhalt man aus Gleichung (3.18) die kinetischen Gleichungen fiir Elektronen
und lonen
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fe+V fe <E+1v><B> ife = St fe, (3.19)
c op

fl+v fz+€<E+1VXB> —8 fi = Stf. (3.20)
c op

Um dieses Gleichungssystem 16sen zu kénnen, miissen die Felder bekannt sein, die mittels
der mikroskopischen Maxwellgleichungen

10B

rot E = a0 (3.21)

rot B = ! %Et] + pojm, (3.22)

divB = 0, (3.23)

divE = i,om, (3.24)
€0

mit der dielektrischen Permeabilitit ey, der magnetischen Feldkonstante pp und den un-
bekannten mikroskopischen Quellen Ladungsdichte p,,, und Stromdichte j,,, gelost werden
konnen. Diese Quellen kénnen mit Hilfe der Verteilungsfunktionen

P — € / (Zifi— f)dp,  jm=ce / (Z:f; — f.)vdp, (3.25)

mit der Ladung des betrachteten lons Z;, ausgedriickt werden. Hierbei stellt Gleichung
eine Aufsummation der vorhandenen Ladungen im betrachteten Raumvolumen dar, wo-
bei Gleichung die Bewegung dieser Ladungen beschreibt. Somit existiert ein gekoppeltes
Gleichungssystem, welches sowohl die Verteilungsfunktionen als auch die Felder im Plas-
ma 16st. Bei Vernachldssigung der Stofe bezeichnet man dieses Gleichungssystem als
Vlasovgleichungen. Hier wurde durch die Annahme eines verdiinnten Plasmas, welches
durch die Boltzmanngleichung gegeben ist, die elektrischen und magnetischen Felder als
die gemittelten makroskopischen Felder mit der elektrischen Feldstédrke E und der ma-
gnetischen Flussdichte B angenommen, da die Korrelationen zwischen den Teilchen [95]
und somit auftretende Mikrofelder vernachlissigt werden kénnen. Dieses System ist mit
heutigen Computerkapazitidten nur dann in endlicher Zeit 16sbar, wenn es eine begrenzte
Anzahl an Quellen j,,, und p,, gibt.

Fiir die Vernachlassigung der Stofse im obigen Gleichungssystem muss die Stofifrequenz
klein gegeniiber der Frequenz der Anderung der makroskopischen Felder E und B sein.
Das ist damit begriindet, dass dann das Stofintegral in Gleichung (3.19) und (3.20)
klein im Vergleich zur zeitlichen Entwicklung der Verteilungsfunktion 0f /0t ist. Diese
Vernachléssigung gilt auch, wenn die mittlere freie Weglénge der Teilchen grofs gegeniiber
den Absténden ist, auf denen sich das Feld &ndert, wodurch der Stolterm gegeniiber
dem réaumlichen Gradienten der Verteilungsfunktion vof/0r vernachlissigt werden kann
[95]. Damit fiihrt man das Problem auf ein ideales System ohne dissipative Prozesse
zurlick (kein Quellterm in der kinetischen Gleichung), wodurch keine Relaxation zum
Gleichgewicht und ein Anwachsen der Entropie beobachtet werden kann.

Um eine Losung des Problems zu erreichen, miissen die Vlasovgleichungen gelost wer-
den. Eine Moglichkeit ist die Finite-Differenzen-Methode in der auch die Maxwellglei-
chungen leicht geldst werden kénnen. Das heifft, man muss fiir ein dreidimensionales
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Problem die Vlasovgleichungen auf einem sechsdimensionalen Gitter fiir Ort und Impuls
16sen. Aufgrund von numerischen Bedingungen auf solch einem Gitter miissen zudem
auch Gitterzellen berechnet werden, in denen keine Teilchen vorhanden sind. Das erweist
sich als ausgesprochen ineffizient. Man bedient sich daher einer anderen Methode: der
Finiten-Elemente-Methode. Anstatt ein Gitter fiir die Losung der kinetischen Gleichun-
gen (3.19) und (3.20) zu verwenden, werden die Verteilungsfunktionen néherungsweise
durch einen Satz von finiten Phasenraumelementen

f(I', p) = Z WnS(I' —I'n,Pp— pn) (3'26)

beschrieben [144]. Hier stellen W,, die Gewichte und S(r,p) die Phasenraumformfunk-
tion, mit dem Mittelpunkt bei r, und p,, dar. Wie in Abbildung 3.1 gezeigt, kann im

Px Px
A

$7
¥

Abbildung 3.1: Darstellung der Methode der Aufteilung der Phasenraumvolumina in
ein dquidistantes Gitter bei der Losung der Vlasovgleichungen mit der
Finiten-Differenzen-Methode (links) und den freibeweglichen Phasen-
raumvolumina der Finiten-Elemente-Methode (rechts).

einfachsten Fall die Phasenraumformfunktion S als sechsdimensionaler Quader mit der
Kantenlinge Az, Ay, Az, Ap,, Apy, Ap. gewihlt werden, wobei der Satz aller Qua-
der den betrachteten Ortsraum des Plasmas ausfiillt. Diese Phasenraumelemente bewe-
gen sich bei Stofsfreiheit aufgrund df/dt = 0 entlang der Trajektorien der Newtonschen
Gleichungen [139]

%:%, %:e<E+%van> +Fy. (3.27)
Hier konnen zuséatzlich die Stofkréafte Fyt, die aus dem Stofiterm resultieren, berticksich-
tigt werden [144]. Durch diesen Ansatz wird einem Satz von Teilchen ein identischer
Ort und Impuls zugeordnet und somit als ein Teilchen betrachtet. Dadurch betrachtet
man keine Teilchen in einem Phasenraumvolumen, sondern sogenannte Superteilchen, die
stellvertretend fiir einen Satz von Teilchen stehen. Jedem dieser Superteilchen wird ein
verschiebbarer Phasenraumpunkt zugeordnet, womit die Beschreibung eines verformba-
ren Phasenraumvolumens aufgegeben wird. Damit dieser Ansatz gemacht werden kann,
miissen die dufseren Kréfte innerhalb der Superteilchen konstant in Ort und Impuls sein.
Das ist gewéhrleistet, wenn die Superteilchen ausreichend klein im Gegensatz zu den
Gradienten der Felder sind. Damit werden auftretende mikroskopische Effekte, die un-
terhalb der Auflésung der Superteilchen liegen vernachlissigt. Um diese Vernachléssigung
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zu umgehen, werden zur Zeit microscopic particle-in-cell (MicPIC) Simulationen entwi-
ckelt [145].

Durch diese Reduzierung der kinetischen Gleichung auf die Newtonschen Gleichungen
wurde das sechsdimensionale Problem des gesamten Phasenraums auf ein dreidimensio-
nales des Ortsraums beschrinkt. Das Problem besteht nicht mehr in der Losung der
kinetischen Gleichungen, sondern in der Lésung der Newtonschen Gleichungen fiir einen
Satz von Superteilchen, die stellvertretend fiir eine groe Anzahl von Teilchen (103 —10)
mit gleichem Phasenraum stehen. Wenn man die Auflésung dieser Superteilchen ausrei-
chend erhoht, um einzelne Teilchen zu beschreiben, héitte man wieder das volle Problem:
die Losung der Trajektorien der gesamten 10?3 cm™ Teilchen. Aufgrund der Behand-
lung solcher Superteilchen gibt es in dieser Methode einen Nachteil. Da die Superteilchen
ein definiertes, ausgedehntes Phasenraumvolumen besitzen, miissen die wirkenden Kréfte
innerhalb dieses Volumens konstant sein, um das durch die Methode der Newtongleichun-
gen (3.27) nicht beschreibbare Verformen der Phasenrdume zu verhindern. Insbesondere
bei der Aufheizung des Plasmas mit Feldern mit hohen Gradienten (hohe Intensitéten,
hohe Frequenzen) kann es deshalb zu einem Verlust an Energie kommen. Diese nume-
rische Diffusion fiihrt zu einer nicht exakten Energieerhaltung, ist allerdings fiir die zu
betrachtenden Probleme ausreichend.

Damit kénnen die Teilchen in dieser Naherung als frei bewegliche Superteilchen aufge-
fasst werden, wodurch die Gleichungen (3.27) gitterfrei gelost werden kénnen. Da es aller-
dings nicht moglich ist, die Maxwellgleichungen ohne Gitter zu 16sen, werden diese Super-
teilchen fiir die Berechnung der Felder auf ein Gitter aufgeteilt. Auf den Gitterpunkten,
denen die Masse und Ladung der Superteilchen zugeordnet wird, werden die Maxwellglei-
chungen gelost. Hier werden nur die Maxwellgleichungen (3.21) und (3.22), die die zeitli-
che Entwicklung der Felder beschreiben, und die Kontinuitétsgleichung dp/dt+V-j =0,
welche aus den Gleichungen (3.22) und (3.24) folgt, gelost. Die Gleichung (3.24) wird
tiber die Kontinuititsgleichung mit gelost. Die Gleichung (3.23) muss bereits mit den
Anfangsbedingungen des Systems und bei nicht existierenden magnetischen Ladungen
damit auch fiir spétere Zeiten erfiillt sein. Anschliefsend koénnen die auf den Gitterkno-
ten berechneten Felder wiederum auf die Teilchenpositionen interpoliert werden. Somit
kann das Problem der Vlasovgleichungen numerisch gelost werden. Diese Art von nu-
merischen Lésungsverfahren nennt sich P3M: particle-particle particle-mesh Code [146],
dessen Flussdiagramm in Abbildung 3.2 zu sehen ist. Man spricht hier auch von einem
Particle-In-Cell (PIC) Code [39, 75,144,146, 147], der breite Anwendung in der Physik
findet [40,43,44,77,87,145,148-153].

3.1.4 Mikroskopische Beschreibung von lonisationsprozessen

Fiir die Beobachtung der Entstehung eines Plasma wéhrend der Lasereinstrahlung muss
das Material zuerst ionisiert werden, wodurch Ionisationsprozesse in den Simulationen be-
riicksichtigt werden miissen. Dazu wird die Beschreibung der Laser-Materie-Wechselwir-
kung anhand der Vlasovgleichungen (3.19) durch die Beschreibung von Ionisationsprozes-
sen erweitert. Da die Losung der Vlasovgleichungen numerisch sehr aufwendig ist, werden
die Berechnungen dieser Arbeit mit Hilfe der PIC-Methode nur fiir einige 100 Femtose-
kunden nach der Lasereinstrahlung durchgefiihrt. Dabei wird diese Zeit gewahlt, um ein
lokales Gleichgewicht innerhalb der einzelnen Simulationszellen zu gewihrleisten und ist
erfiillt, wenn die Energieverteilung der Elektronen in der Simulationsbox der Maxwell-
Boltzmann-Verteilung geniigt. Aufgrund ihrer héheren Masse resultiert daraus auch das
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Abbildung 3.2: Darstellung des Flussdiagramms von PIC-Programmen.

Gleichgewicht der Ionen. Fiir die PIC-Simulationen sind damit nur lonisationseffekte
wichtig, die wihrend und kurz nach der Lasereinstrahlung auftreten, welche durch die
Feld- und Stofsionisation beschrieben werden. Rekombinationen sind in diesem kurzen
Zeitraum nicht zu erwarten.

Feldionisation

Wiéhrend der Lasereinstrahlung dominiert die Feldionisation, daher wird dieser Pro-
zess in den PIC-Simulationen beriicksichtigt und hier vorgestellt. Der Laser dringt auf-
grund des Fehlens von freien Elektronen in das Material ein und erzeugt freie Elektronen
durch Feldionisation. Das kann einerseits aufgrund von Multi-Photonen Wechselwirkun-
gen geschehen, indem mehrere Photonen geringerer Energie als die Ionisationsenergie
des gebundenen Elektrons mit dem Atom wechselwirken und dadurch dieses Elektron
herausschlagen. Andererseits kann auch Tunnelionisation auftreten, indem aufgrund des
elektrischen Feldes das Atompotential derart modifiziert wird, dass die Potentialbarriere
absinkt. Dieses Absenken fiihrt dazu, dass keine Potentialbarriere fiir die gebundenen
Elektronen vorhanden ist oder diese ausreichend klein ist, um hindurchzutunneln.

Wenn ausreichend lonisationsprozesse vollzogen wurden, kann das erzeugte Plasma
iiberkritisch werden. In solch einem Plasma kann der Laser nur bis zur in Abschnitt 1.3
eingefiithrten Skintiefe [34] eindringen und wird dann reflektiert. Bei sehr hohen Intensi-
titen > 10" W /cm? konnen nicht-lineare Effekte, wie Hole-Boring und Selbstfokussie-
rung, auftreten, die es dem Laser erlauben, weiter in das Plasma einzudringen [34,89].
Ansonsten konnen nur Materiestrome die Energie des Lasers ins Innere des Plasmas
transportieren.

In dieser Arbeit wird die Keldyshtheorie [154] fiir die Beschreibung der Feldionisation
genutzt. Diese Theorie behandelt die Feldionisation durch das Béndermodell. Demnach
kann man den Feldionisationsprozess durch den Keldyshparameter [155]

Lo @ _wvEmely, w Jeocmely (3.28)
Wi eEy e I

klassifizieren, mit der Tunnelfrequenz wy, mit der die Elektronen durch eine Barriere
tunneln, der elektrischen Feldamplitude Ey und dem lonisationspotential I,,. Es tritt
flir den Fall v > 1 Multiphotonenionisation und fiir den Fall v < 1 Tunnelionisation
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ein. In dieser Arbeit werden die Vlasovgleichungen stets fiir Laser mit Wellenldngen von
A 2 800 Nanometer und Intensitiiten von I > 10> W/cm? geldst. Unter diesen Bedin-
gungen gilt fiir Wasserstoff, Helium und den ersten vier Ionisationsstufen von Kohlenstoff
~v < 1. Daher wird im Folgenden die Feldionisation ausschliefslich als Tunnelionisation
betrachtet.

Aus dieser Theorie leitet sich die Ionisationsrate fiir linear polarisiertes Licht fiir den
Fall der Tunnelionisation nach Ammosov, Delone, Krainov (ADK) ab [56,76,155-157],

ADK _ Ws 92n* (20 4+ 1)(£ + |m])!

nim 9 T (n + 05 4 1)D(n* — £+) 2lml|m|1(€ — |m))!

y 4w, 4w, 2n* —|m|—1
exX — e
P 3wt Wt ’

mit der Nebenquantenzahl ¢ und der magnetischen Quantenzahl m, den Verhéltnissen

ws = IV /h, wy = eEy/y/2meIeY und n* = /1Y /1, der Wasserstoffionisationsenergie

des Grundzustandes II‘?IV in Elektronenvolt, dem Ionisationspotential Igv in Elektronen-
volt und der effektiven Quantenzahl £*, mit £* = 0 wenn £ = 0 und /* = n* —1 sonst. Eine
allgemeingiiltigere Form, von der die Gleichung (3.29) abgeleitet wurde, kann in [155]
nachgelesen werden. Damit kann die Wahrscheinlichkeit fiir den Ionisationsprozess in-
nerhalb eines Zeitschrittes At mit w = aAt angegeben werden. Das kann mittels eines
Monte Carlo Verfahrens mit gleichverteilter Zufallswahrscheinlichkeit zwischen 0 und 1
fiir die Tunnelionisation in PIC-Simulationen implementiert werden. In diesem Verfahren
werden die Ionisationsraten (3.29) mit den Zufallswahrscheinlichkeiten verglichen, wobei
bei kleinerer Zufallszahl der Ionisationsprozess eintritt.

Um die Energieerhaltung zu gewéhrleisten, muss die Ionisierungsenergie von der Feld-
energie abgezogen werden. Dazu wird ein Hilfsstrom jz in den Maxwellgleichungen ein-
gefiihrt, der diese Energieerhaltung berticksichtigt 76|,

«

(3.29)

Eo - ju = abPR I N. (3.30)

ném

Dabei stellt N die Anzahl der Superteilchen der PIC Simulation dar, die durch Feldioni-
sation im Zeitschritt At ionisieren.

Stolionisation

Einen weiteren wichtigen Prozess stellt die Stofionisation dar, der die lonisation durch
Stofke der aufgeheizten freien Elektronen mit den lonen beriicksichtigt. Dieser Effekt
wurde innerhalb dieser Arbeit in den vorhandenen PIC-Code Virtual Laser Plasma Lab
3-Dimensional (VLPL3D) [39] implementiert.

Stofsionisationen werden interessant, wenn das Material bereits ionisiert wurde und die
kinetische Energie der Elektronen oberhalb der Ionisationsenergie liegt. Deshalb konnen
Stofionisationen auch nach Abschalten des Lasers auftreten. Dabei dringen beschleu-
nigte Elektronen in das Innere des Materials ein und kénnen dort gebundene Elektronen
durch Elektron-Ion-Stofte aus den Ionen herauslosen. Nach diesem Prozess existieren zwei
Elektronen die wiederum Stofionisationen vollfithren konnen.

Um diesen Prozess zu beschreiben muss die Elektronen-Ionen-Stofkfrequenz

Vei = Ne|Ve — Vi|o (3.31)
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bekannt sein [75,147|, mit der Relativgeschwindigkeit der Stofpartner |v.—v;|, der Dichte
der Elektronen n. und dem Stofsquerschnitt der Stofipartner [58,59]

Eh.:
ln kin,e

O'j = aéj#, mit Ekin,e Z Ip,j- (332)
Exinelp,j

Dabei ist {; die Anzahl der Elektronen der betrachteten j-ten Unterschale des gestofenen
Ions, a eine experimentell zu ermittelnde Konstante von a = 2.6 — 4.5 x 10~ cm? eV?
und By e = pg /(2m.) die kinetische Energie des stofenden Elektrons. Diese Formel
des Streuquerschnittes besitzt ein Maximum bei exp {1 +1n1,;}. Das heift, dass fiir
zu langsame und zu schnelle Elektronen weniger Stofionisationen zu beobachten sind.
Ein anderer Zugang zu Berechnung der Stofsionisationen ist die Berechnung der goldenen
Regel von Fermi, der in der Halbleiterphysik angewendet und fiir verschiedene Materialien
untersucht wurde [158-162].

Der Ionisationsprozess kann wie schon bei der Feldionisation durch ein Monte Carlo
Verfahren beschrieben werden. Demnach tritt eine Stoffionisation ein, wenn die Wahr-
scheinlichkeit w = 1 — exp{—Atv; } grofer als eine gleichverteilte Zufallszahl zwischen 0
und 1 ist.

Damit ist der Ionisationsprozess durch Stofte bekannt. Um die Energien und Impulse
der beteiligten Stofspartner nach dem Stofs mit Hilfe der Impuls- und Energieerhaltung zu
ermitteln, miissen analytische Ausdriicke [163,164] gelost oder rechenaufwendige Simula-
tion [165] durchgefiihrt werden. Da das innerhalb von PIC Simulationen zu zeitaufwendig
ware, wird der Energie- und Impulsiibertrag auf die Ionen vernachlassigt, die ionisierten
Elektronen werden als freie Elektronen ohne Impuls angenommen, und die einfallenden
Elektronen &ndern ihre Richtung durch den Stofs nicht, wobei sie nach dem Stofs den
Impulsbetrag

: \/ (1+VITPD)(E — 1) .

Pe =

besitzen. Damit ist man in der Lage, Stofsionisationen in PIC-Simulationen mit Hilfe
eines einfachen Modells zu berticksichtigen.

3.2 Vom mikroskopischen Bild zum hydrodynamischen Bild

Da die Simulation eines laser-induzierten Plasmas im mikroskopischen Bild, das im Ab-
schnitt 3.1.3 vorgestellt wurde, fiir heutige Rechenkapazititen sehr wendig ist, ist es
vorteilhaft, laser-induzierte Plasmen fiir grofere Zeiten von bis zu einigen 10 Nanosekun-
den mit weniger aufwendigen Methoden zu beschreiben. Das kann durch die Methode der
Hydrodynamik geschehen, die eine makroskopische Beschreibung eines laser-induzierten
Plasmas zuldsst. Allerdings werden in dieser Beschreibung wichtige Prozesse der Licht-
Materie-Wechselwirkung bei I > 10! W /cm?, wie nicht-lineare und relativistische Effek-
te, nicht beriicksichtigt. Diese makroskopische Beschreibung soll hier vorgestellt werden.

3.2.1 Hydrodynamische Gleichungen

In diesem Unterabschnitt werden die hydrodynamischen Gleichungen fiir die Beschrei-
bung der Evolution makroskopischer Systeme aus der Boltzmanngleichung hergeleitet.
Wie nachfolgend gezeigt wird, beschreiben diese Gleichungen die zeitliche Entwicklung
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der Materialdichte p, der hydrodynamischen Geschwindigkeit u und der Energie je Ein-
heitsmasse FE. Die Wahl dieser Gréfsen als hydrodynamische Gréfen wird sich in den
folgenden Uberlegungen erschliefen.

Um den Ubergang von der Boltzmanngleichung fiir die mikroskopische Beschreibung
(3.14) zu der makroskopischen Beschreibung des Systems zu vollziehen, muss angenom-
men werden, dass sich die makroskopischen Eigenschaften, wie Dichte und Temperatur,
hinreichend langsam mit dem Ort &ndern. Zudem miissen die Absténde, innerhalb derer
sich diese Eigenschaften &ndern, grof im Vergleich zu der freien Weglénge der Molekiile
sein. Das ist erforderlich, um im Folgenden die makroskopischen Eigenschaften innerhalb
eines Volumenelements durch die Momente der Ein-Teilchenverteilungsfunktion (3.8) ein-
zufithren. Dafiir miissen zum einen im betrachteten Volumenelement geniigend viele Teil-
chen vorhanden sind. Zum anderen kann man aus den obigen Annahmen der kleinen
Dichte- und Temperaturdnderungen mit dem Ort und der geringen freien Teilchenweg-
lénge schliefsen, dass sich innerhalb der Volumenelemente ein thermisches Gleichgewicht
einstellt, wobei sich das gesamte System im Nicht-Gleichgewicht befinden kann. Man
spricht von einem lokalen Gleichgewicht, wodurch Verteilungsfunktionen genutzt werden
konnen, die das Gleichgewicht beschreiben. Das hat zur Folge, dass dissipative Prozesse
im System, wie innere Reibung und Warmetransport, vernachléssigt werden, wodurch
die Entropie im gesamten System erhalten bleibt. Um dennoch solche dissipativen Pro-
zesse mikroskopisch erklidren zu konnen, geniigt es, das Problem fiir Systeme mit kleinen
Inhomogenitéten zu l6sen. Fiir ein solches System muss eine Verteilungsfunktion fiir das
Nicht-Gleichgewicht herangezogen werden, wobei es ausreicht, eine Addition aus der Ver-
teilungsfunktion im Gleichgewicht und einer Verteilungsfunktion mit kleiner Abweichung
vom Gleichgewicht zu nutzen. Dann wird der Stofterm einen dissipativen Beitrag zu den
makroskopischen Bewegungsgleichungen liefern. Hierbei sei auf [95, 166] verwiesen.

Die oben genannten makroskopischen, hydrodynamischen Gréfen sind aus der Ein-
Teilchenverteilungsfunktion nach Gleichung (3.8) berechenbar, mit der Dichte als nulltes
Moment

d
n(et) = [ T p0), (3.34)
der hydrodynamischen Geschwindigkeit als erstes Moment
1 dp p
t) = = —— t 3.35
u(ra ) <V> n(r,t) / e mfl(rapa ) ( )
und der Energie je Einheitsmasse als zweites Moment
1 1 1 dp p?
E(r,t) = -(v?) = = — t :
(I’, ) 2<U > 27’L(I’,t) / L3 meI(r’p’ )a (3 36)

mit der orts—, impuls— und zeitunabhéngigen Masse m der Teilchen.

An dieser Stelle sollen die mikroskopischen Impulse, die Gewichte des ersten Moments
(3.35), genauer betrachtet werden. Diese Impulse setzen sich aus der mikroskopischen,
konvektiven Geschwindigkeit v (3.35) und einer relativ zur konvektiven Geschwindigkeit
stochastischen Geschwindigkeit U zusammen, welche die thermischen Bewegungen der
Teilchen darstellt. Damit kann der mikroskopische Impuls wie folgt geschrieben werden

p =m(v+U), (3.37)
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wobei (U) = 0 gilt, da nach (3.35) (p) = m(v) gelten muss.

Um die eingefiihrten makroskopischen Grofen in die Boltzmanngleichung (3.14) ein-
zubinden, werden die Gewichte jeweils von links an die Boltzmanngleichung (3.14) mul-
tipliziert und iiber alle Impulse p integriert

/dpGi(p)< fitvg f1+FeXt f1> Z/dPGi(P)Stf- (3.38)

Dabei wurden die Gewichte der bendtigten Momente zur Vereinfachung in die folgende
Form gebracht

1  fiir i =0
Gi(p) = p/m S firi=1 . (3.39)
p*/m?* | fiiri =2
Die rechte Seite der Gleichung (3.38), der Stofterm, verschwindet unter diesen Opera-
tionen, wie im Folgenden gezeigt wird.
Betrachtet man die rechte Seite der Gleichung (3.38) und setzt Gleichung (3.16) ein, er-
héalt man mit der in Gleichung (3.17) ausgenutzten Symmetrie der Stofswahrscheinlichkeit
gegeniiber Zeitspiegelung (w = w’)

/ dpdp'dpdp’ (Gi(p) — Gi(p)) w' FF' (3.40)

Da hier iiber alle Phasenrdume integriert wird, &ndert sich dieser Ausdruck unter Ver-
tauschung dieser Variablen nicht und man kann f = f und f’ = f’ verwenden. Das
wird weiter ausgenutzt, um den Ausdruck in je einen Beitrag vor und nach dem Stof
aufzuspalten. Aufgrund der gleichen Stoftwahrscheinlichkeit fiir die beiden Stofspartner
kann das Integral (3.40) modifiziert werden,

% / dpdp’dpdp’ (G;(p) + Gi(p') — Gi(P) — Gi(B)) w' f 1. (3.41)

Nach Einsetzen der Gewichte Gg, G1 und Go verschwindet aufgrund der Erhaltungs-
sitze fir Masse (beziehungsweise Dichte), Impuls und Energie der Stofterm in Gleichung
(3.38). Zudem kann dieser Term auf das makroskopische System keinen Einfluss haben,
da die Stoke keinen Einfluss auf die Gesamtteilchenzahl, -impuls oder -energie haben.
Damit beschriankt sich die Beschreibung der Evolution makroskopischer Systeme auf die
Evolution stofifreier Plasmen. Das wird im Folgenden auf die Beschreibung von Plasmen
mit Stofsen erweitert.

Die Dichte—Transportgleichung

Um die Dichte-Transportgleichung zu erhalten, wird das nullte Gewicht Gg in Glei-
chung (3.38) eingesetzt

/ ( fi+v— f1+FeXtaapf1>=0, (3.42)

aus welcher durch Umschreiben der Differentiationen die Gleichung

/dp%fﬁ-/dp [% (vf1) — <%V> f1} +/dp [— <%Fe"t> fi+ % (F*f1)

(3.43)
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erhalten wird. Man betrachte die j—te Differentiation des letzten Terms dieser Gleichung.
Durch Abintegrieren erhélt man hier als Beispiel fiir die erste Komponente

0 e oo 0
i [avretsi= [ [ dvam ()7 = (3.44)

was aufgrund der Normierung der Ein-Teilchenverteilungsfunktion (fi(p; — fo00) — 0)
verschwindet. Das gilt ebenfalls fiir die restlichen Komponenten. Unter der Annahme
von ortsunabhéngigen Impulsen dv/0r = 0 und geschwindigkeitsunabhéngigen Kréften
OF® /0p = 0, der Vertauschung von Integration und Differentiation und nach Einsetzen
des nullten Moments (3.34) vereinfacht sich Gleichung (3.43) zu

%n(r, t) + %u(r, t)n(r,t) = 0. (3.45)
Diese Annahmen sind gerechtfertigt durch die vorher gesetzte Bedingung, dass sich im
betrachteten Volumenelement die makroskopischen Eigenschaften nur langsam &dndern
und somit ein lokales Gleichgewicht herrscht. Durch Einfiihren der Massendichte p(r,t) =
mn(r,t) und der Teilchenmasse m des betrachteten Elements erhélt man die Dichte-
Transportgleichung
dp

n + V- (pu) =0, (3.46)
wobei zur Verdeutlichung die Argumente weggelassen wurden. Diese Gleichung stellt eine
Kontinuitétsgleichung ohne Quellen fiir die Massendichte dar.

Die Impuls—Transportgleichung
Den Darstellungen der vorherigen Herleitung der Dichte-Transportgleichung folgend,
wird das erste Gewicht G; = p/m in Gleichung (3.38) eingesetzt

/dpp ( fit v f1 yrext L f1> —0. (3.47)

Es werden erneut die Terme in Komponentenschreibweise behandelt. Der erste Term der
Gleichung (3.47) ergibt

pi 0 9 pi d pi Pi
/d poofi=o [ dp 1—/dp< >f1 dp—f. (3.48)

Hierbei wurde angenommen, dass das betrachtete Zeitintervall der Hydrodynamik klein
gegeniiber den Stofsen im Plasma ist. Diese konnen in dem hier konstruierten Modell der
Boltzmanngleichung eine Impulsdnderung der mikroskopischen Teilchen bewirken. Da
allerdings im folgenden Ubergang auf die makroskopische Beschreibung von Gasen und
Fliissigkeiten der Stofsterm keinen Einfluss hat, konnen sich die mikroskopischen Impulse
nicht mit der Zeit dndern (dp; /0t = 0).

Der zweite Term der Gleichung (3.47) kann umformuliert werden in

0 0 Di 0 bi /
d o p f f 4
/ jp vj - —f1 = - / pmvj f1 /d < o m > 1= - dp vj 1, (3 9)

da die Impulse p; beziehungsweise Geschwindigkeiten v; nach obiger Annahme unabhén-
gig vom Ort sind. Das folgt aus dem lokalen thermischen Gleichgewicht, bei dem nur
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kleine Anderungen der makroskopischen Eigenschaften iiber den Abstand zu beobachten
sind.

Der tibriggebliebene Term der Gleichung (3.47) kann unter Benutzung der zu Gleichung
(3.44) analogen Betrachtungen umgeschrieben werden in

Pi ext 0 0 / Pi ext / 0 Pi ext
Pipext 9 ¢ _ 9 Pi pext p 9 Pi g
/ dp_— I apjfl ; dp_F7f1 dp D m f1

0 Pi +
g — __FGX . .
/dp <3pjm j >f1 (3 50)

Nach Einsetzen der Gleichungen (3.35), (3.37), (3.48), (3.49) und (3.50) in Gleichung
(3.47) wird

0 0
0 = =n(u + (Ui) + 50 (uiuy + uiU;) + ui(Us) + (UsUy))
ot 37“j
ESC () (mu; d(mU;
—nd << (mu’)> + < (mUs) >> (3.51)
m Op; Op;
onu; 0 Fext
= o T 8—7"3n (uiu; + (UiU;)) — n#‘;zj
erhalten, das nach Multiplikation mit der Masse m umgeschrieben werden kann in
0 i 0
0 = (V -u) mnu; + —mn(U;U;) — nF>". (3.52)
ot 37“j

Das Moment der stochastischen Geschwindigkeit (U;Uj;) ist als Spannungstensor P;;
zu interpretieren [139,143,167|, der den Systemdruck p charakterisiert

nm(UZUJ> == P@'j == p6ij - Uij (1 - 5@]) . (353)

Hier ist diesem Spannungstensor auch ein viskoser Druck durch den viskosen Spannungs-
tensor o zugeordnet worden. Dieser ist in dem betrachteten System nicht gegeben, da
durch die obige Annahme ein lokales Gleichgewicht und damit eine ideale Fliissigkeit
gegeben ist, in der dissipative Prozesse nicht auftreten kénnen. Empirisch wird dieser
viskose Spannungstensor hinzugefiigt, um eine reale Fliissigkeit zu beschreiben. Dieser
Term beschreibt zuséatzlich zu dem reversiblen Impulsiibertrag des Massentransports im
System eine irreversible Impulsiibertragung bei einem Geschwindigkeitsgefille.

Da der viskose Spannungstensor den Impulsiibertrag bei einem Geschwindigkeitsgefille
beschreibt, muss dieser Tensor von mindestens der ersten Ableitung der Geschwindigkeit
abhéngen, damit fiir u = konst. der viskose Spannungstensor verschwindet. Weiterhin
muss der viskose Spannungstensor bei einer gleichférmigen Rotation des Systems eben-
falls verschwinden, da dann erneut keine innere Reibung auftritt. Um das zu erreichen
muss die Ableitung der Geschwindigkeit nach der Zeit verschwinden. Dabei ist die Ge-
schwindigkeit bei solch einer Rotation das Vektorprodukt €2 x r mit der Winkelgeschwin-
digkeit €2. Das kann man durch die Linearkombination (0v;/dxy + Ovg/0x;) erreichen.
Unter diesen Bedingungen kann in allgemeiner Form der Tensor zweiter Stufe [139,167]

_ (2 0w O
Oij =1 <8::3] + 6m2> + >\5@] &rk (354)
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aufgestellt werden, wobei der letzte Term der rechten Seite die Viskositéit aufgrund von
Kompressibilitdten darstellt. Dabei ist der zugehorige Koeffizient A\ der Kompressibili-
téatskoeflizient der Viskositéat und n der Koeffizient der Scherviskositat. Hier wurde ange-
nommen, dass diese Koeffizienten geschwindigkeitsunabhéngig (isotropes System) sind.
Um die Navier-Stokes-Gleichung zu erhalten, wird der Koeflizient der Volumenviskositét,
der iiber die Relation ¢ = A + 2/3 n definiert ist, eingefiihrt

Ou; Ou; 2. Ou ou
oij =1 (ax; + &EZ - §5z‘ja—£m]:> + Cfsz‘ja—x: (3.55)
Die Koeffizienten sind hier auf diese Weise angeordnet, damit bei Spurbildung der in
Klammern stehende Term verschwindet. Diese Eigenschaft beschreibt, dass bei Ver-
schwinden der Volumenviskositdt ¢ = 0 und gleichméfiger Ausdehnung des Systems
die Viskositdt verschwindet. Diese Gleichung gilt nur fiir Newtonsche Fliissigkeiten, die
durch kleine Geschwindigkeitsgradienten ausgezeichnet sind [167].

Damit erhélt man aus Gleichung (3.52) unter erneuter Vereinfachung durch Einfithrung
der Massendichte p = nm die Navier—Stokes—Gleichung in Komponentenschreibweise

3

Opu; 0 0%u; n 0?uy,
V-u) pui + ——pdi; — ——( ) N ) 3.56
or TV W et G G ridz, (3.56)
Durch Zuriickfithren der Gleichung (3.56) auf Vektorschreibweise erhdlt man die Na-
vier-Stokes-Gleichung fiir ein mehrdimensionales Problem,
0
% +(V-u)pu=—Vp+nViu+ (g + g) V(V - u) + nFe, (3.57)
Diese Gleichung hat die Form einer Kontinuitdtsgleichung mit Quellen fiir die Impuls-
dichte.
In spéteren Betrachtungen dieser Arbeit wird die Viskositéit von Plasmen vernachlés-
sigt.

Die Energie-Transportgleichung
Um die Transportgleichung fiir die Energie herzuleiten, wird die mikroskopische Ener-
gie p?/(2m?) in Gleichung (3.38) fiir das Gewicht G; eingesetzt

2
P 0 0 ;0
dp——= | =— — Fer— =0. 3.58
/ P55 <8tf1+varf1+ apfl (3.58)
Hier hiangen die Impulse wiederum nicht von Zeit oder Ort ab und es wird erneut eine
geschwindigkeitsunabhéngige, externe Kraft angenommen. Somit vereinfacht sich Glei-
chung (3.58) mit analogen Betrachtungen wie bei der Herleitung der Impuls-Transport-
gleichung und Einsetzen der Gleichung (3.37) zu

on, , on, o n ¢
—— ——(vjv°) = — (v - F&), .
Die Erwartungswerte ergeben
. 2
W) O 9p — 2 4 (U 20 (U) = 2+ =2 (3.60)
—— nm

0
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(vjv?) = ui{U?) + uju? + 2uju; (Uz) + (U;U%) + 20U, Usyui + (U

(3.36),(3.53) u;2E + 0+ (U;U?) + 2u;

B o, (3.61)
nm

mit der spezifischen inneren Teilchenenergiedichte e = nm(U?)/2, die durch die stochas-

tische Geschwindigkeit U mit der Temperatur 1T verkniipft ist, dem durch Gleichung

(3.53) gegebenen Druck P;;, der hydrodynamischen Energiedichte £ und der inneren

Energieflussdichte (auch Wérmeflussdichte genannt) ¢;. Diese Wéarmeflussdichte

mn
4 = 7<UjU2> (3.62)

beschreibt die spezifische innere Energiedichte e, die mit dem Fluss U; transportiert wird.
Dabei wurde die Konvention U? = U'U; verwendet. Aus Gleichung (3.60) ist ersichtlich,
dass sich die hydrodynamische Energiedichte pro Einheitsmasse E aus der kinetischen
Energiedichte und der spezifischen inneren Teilchenenergiedichte zusammensetzt.

Hier soll noch einmal erwdhnt werden, dass durch die Ndherung des lokalen Gleichge-
wichts eine ideale Fliissigkeit ohne dissipative Prozesse beschrieben wird. Das heifst, dass
die irreversiblen Prozesse der Viskositét, enthalten im Druck F;; und im Warmetransport
qj, in dieser mikroskopischen Beschreibung nicht vorhanden sind und nur empirisch in die
makroskopischen Gleichungen mit aufgenommen wurden. Um auch eine mikroskopische
Beschreibung zu erhalten, muss ein leichtes Nicht-Gleichgewicht angenommen werden.

Der irreversible Prozess des Warmetransports beschreibt den Energiefluss aufgrund von
Gradienten in der Temperatur, die innerhalb des Fliissigkeitssystems existieren konnen.
Dieser Transport tritt in nicht-idealen Systemen zusétzlich zu den reversiblen Energie-
fliissen auf, die durch den Massentransport erzeugt werden. In einem System mit kleinen
Gradienten in der Temperatur kann der Warmetransport durch

q=—-rVT (3.63)
beschrieben werden [167], mit der Warmeleitfdhigkeit nach Spitzer [83,97|
Z;+0.24 10.16 - 8722k 1)/ 10.16 - 822k 2T

=0.95 ;=
e 14+0.24Z; VmeetZyIn A i Vmee* ZyIn A

(3.64)

und dem Coulomblogarithmus (2.26).

Da dieser Effekt durch Temperaturgradienten erzeugt wird, kann ein konstanter Tem-
peraturterm nicht auftreten. Aufserdem miissen bei stirkeren Temperaturgradienten ho-
here Ordnungen der Temperatur (9>7/0r?...) mitgenommen werden.

Durch diese Uberlegungen kann Gleichung (3.59) mit der Einfiihrung der Massendichte
p = mn vereinfacht werden zu

0 0
apE + 87 (,oEu] +q; + Pwuz) = ’I’LuiﬂeXt. (365)
J

Unter Nutzung der Relation (3.53) findet man die Energie-Transportgleichung
opE

=+ Y (u(pE +p)) = u V% + (g +¢) V(V - w)] +nu- F+ VaVT,  (3.60)
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welche eine Kontinuitétsgleichung mit Quellen fiir die Systemenergie ist.

Damit wurden fiinf hydrodynamische Gleichungen fiir die fiinf Erhaltungsgrofsen Dich-
te, die drei Geschwindigkeitskoordinaten und die Energie je Einheitsmasse und den Druck
als sechste Grofe gefunden, die hier noch einmal zusammengefasst werden

dp B
N + V (pu) =0,
66%11 + (V- u) pu+ Vp = nV2u + (g +¢) V(Y - u) + nFe, (3.67)
OpE
% LV (u(pE +p) =u [nv% n (g n g) (V- u)} + nuF®™ 4 VeVT.

Dieses hyperbolische, partielle Differentialgleichungssystem soll im Folgenden fiir ein
mehrkomponentiges Plasma numerisch gelost werden. Dabei werden die Viskositdaten
unter der Annahme einer nur schwach nicht-idealen Fliissigkeit vernachlassigt. Bei die-
ser Vernachlissigung der Viskositdt werden die Gleichungen (3.67) Eulergleichungen ge-
nannt. Fiir die Anwendung eines allgemeingiiltigeren Modells miissen die Kadanoff-Baym-
Gleichungen [101, 168] angewendet sind, deren numerische Losung allerdings wesentlich
zeitaufwendiger ist. Dieser Ansatz wurde im Bereich der Clusterphysik bereits erfolgreich
angewendet [169-173].

3.2.2 Vom mikroskopischen Bild zum makroskopischen Strahlungstransport

Im vorherigen Abschnitt wurden aus der mikroskopischen Boltzmanngleichung die ma-
kroskopischen, hydrodynamischen Gleichungen (3.67) hergeleitet. Damit kann die Dy-
namik der Materie beschrieben werden. Um aufserdem auch den Einfluss der Strahlung
auf diese Materie zu beschreiben, ist es nicht sinnvoll, auf diese makroskopische Beschrei-
bung durch die Gleichungen (3.67) die mikroskopischen Maxwellgleichungen (3.21)-(3.24)
fiir das elektromagnetische Feld anzuwenden. Daher wird in diesem Abschnitt aus der
Boltzmanngleichung (3.18) eine makroskopische Beschreibung der Strahlung hergeleitet.

Dazu wird das System nicht aus N Teilchen zusammengesetzt, sondern es werden
zusétzlich die Np Photonen betrachtet. Damit erhélt man fiir das gesamte System N+ Np
Boltzmanngleichungen, von denen der Anteil zur Beschreibung der Materie bereits in
Gleichung (3.14) dargestellt ist. In diesem Abschnitt werden die Boltzmanngleichungen
fiir die Np Photonen aufgestellt

Ofp1  Ofpr. Ofpn.  Ofpa.  Ofpa.
Bt o Tt g i vt g =St (3.68)

Fiir die Beschreibung der Ein-Photonenverteilungsfunktion fp; kann aufgrund der ge-
radlinigen Bewegung der Photonen die Variable des Impulses p zu den Variablen der
Frequenz v und der Ausbreitungsrichtung €2, welche durch den Polarwinkel ¢ und den
Azimutalwinkel 6 durch Q = @ cos 6 gegeben ist, transformiert werden. Damit ist in der
obigen Gleichung fp; = fp1(r,v, ,t), womit sich die Ableitungsvariablen in Gleichung
(3.68) erkldren. Dabei wurde zur Vereinfachung p = cos # genutzt.

Hier muss erwahnt werden, dass fiir die Photonenverteilungsfunktion die selben Be-
dingungen wie aus Abschnitt 3.1 gelten miissen. Dennoch bestehen fiir die Photonen
aufgrund ihrer geradlinigen Bewegung mit konstanter Lichtgeschwindigkeit zusétzliche
Bedingungen fiir die Boltzmanngleichung (3.18). Die zeitliche Ableitung lésst sich somit
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durch die Lichtgeschwindigkeit 1 = ¢£2 ausdriicken. Aufgrund der geradlinigen Bewegung
der Photonen bei der Konvektion verschwinden die zeitlichen Ableitungen der Winkel
it = ¢ = 0. Ebenso verschwindet die zeitliche Ableitung der Frequenz © = 0, da bei der
Konvektion durch die geradlinige Bewegung der Photonen mit der Lichtgeschwindigkeit
kein Photonenaustausch zwischen den verschiedenen Raumgebieten zu erwarten ist.

Da bisher noch keine Photon-Photon-Stéfe beobachtet wurden, werden diese Stoke
im Stofterm nicht beriicksichtigt. Dennoch kénnen die Photonen mit der vorhandenen
Materie wechselwirken. Da ein System aus Teilchen und Photonen betrachtet wird, muss
im Stoftterm auch die Photon-Materie-Wechselwirkung mit eingehen. Das miisste auch
in der Betrachtung des Stofstermes des Abschnittes 3.1.2 geschehen. Allerdings wurden
dort fiir die Weiterverwendung im Abschnitt 3.2.1 konservative Variablen genutzt, wo-
durch dieser Stofiterm aufgrund von Erhaltungssétzen verschwand. Um eine Photonen-
Materie-Wechselwirkung zu beriicksichtigen, wird das Verschwinden des Stofterms in
diesem Abschnitt nicht genutzt. Daher ist eine weiterfiihrende Betrachtung des Stof-
terms notwendig.

Um den Stofsterm zu erldutern, miissen die physikalischen Prozesse betrachtet werden,
die wahrend der Photon-Materie-Wechselwirkung eintreten konnen:

e Streuung: Photonen wechseln durch den Stof Richtung und/oder Frequenz,
e Absorption: Photonen werden nach einem Stof von der Materie absorbiert,

e Fmission: die Materie kann Energie in Form von Photonen emittieren.

Damit kann man den Prozess der Photon-Materie-Wechselwirkung innerhalb des Stof-
terms analog zu Gleichung (3.16) des Abschnittes 3.1.2 durch einen Gewinn G und einen
Verlust L verstehen. Deshalb sind zwei Photonenverluste durch Absorption der Photo-
nen und Streuung der Photonen in andere Richtungen (dpude — du’dg’) und andere
Frequenzen (dv —dv’) vorhanden. Dieser Verlust kann mit dem differentiellen Streuko-
effizienten o und dem Absorptionskoeffizienten « beschrieben werden

L=c|a(r,v,t)fpi(r,v,,t)+ /dV’/dQ/O'(I', v, Q= Q) fea(r, v, Q1)
0 4m

(3.69)
Der Gewinn an Photonen im betrachteten Phasenraumvolumen kann ebenso durch Streu-
ung der Photonen in diese Richtung (dp’d¢’ — dpde) und diese Frequenz (dv/ —dv)
beschrieben werden. Dariiber hinaus kénnen von der Materie Photonen emittiert werden.
Dieser Effekt hingt nicht direkt vom einkommenden Photonenstrom ab. Analog wie oben
kann der Gewinn G mit dem differentiellen Streukoeffizienten ¢ und dem Emissionsko-
effizienten je erzeugter Photonenenergie €/hv beschrieben werden

0o

G= E(I‘;Lit) + C/dl/,/dQ/O'(I', V=, Q= Q) fpa(r, v, Q) 1). (3.70)
. 0 dr

Dabei sind die Integrale der Streuung durch die Tatsache zu verstehen, dass Photonen

in und aus allen Richtungen und Energien gestreut werden kénnen. Weiterhin kommt

hier die Lichtgeschwindigkeit ¢ in die Gleichungen, da das ein Maf fiir die Zeit ist, in
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der die Photonen mit der Materie wechselwirken kénnen [174] (Rate der Weglangener-
zeugung). Im Folgenden wird Isotropie und Homogenitét des Mediums angenommen,
womit die obigen Koeffizienten der Absorption und Emission nicht von der Richtung
des Photonenflusses abhéngen. Damit wurde das Problem der Photonen-Materie-Stofse
in die entsprechenden Koeffizienten verschoben, wodurch geeignete Ausdriicke fiir diese
Koeffizienten notwendig werden.

In dieser Arbeit werden die Effekte der Streuung vernachléssigt, was aufgrund der
Betrachtung von iiberkritischen Systemen bei der Anwendung von optischen Lasern ge-
rechtfertigt ist, da die Photonen innerhalb eines kleinen Raumbereichs, im Bereich der
Skintiefe, absorbiert beziehungsweise reflektiert werden und somit nicht mehr zur Photon-
Materie-Wechselwirkung beitragen kénnen.

Um aus der Photonen-Verteilungsfunktion eine physikalische Interpretation zu ermog-
lichen, wird die Strahlungsenergieverteilung

dE = Ii(r,Q,v,t)cos § dvdQdAdt, mit Is(r,Q,v,t) =chvfpi(r,Q,v,t), (3.71)

der spezifischen Intensitdt /s und dem Strahlungsenergieelement dF der Frequenz v im
Frequenzelement dv, eingefiithrt. Dabei besitzt die Strahlung die Richtung €2 im Winkel-
element d§2 und durchstrahlt im Zeitelement dt ein Fldchenelement dA, mit der Flachen-
normalen n, unter dem Winkel = cos™' Q - n.

Damit vereinfacht sich die Gleichung (3.68) zu

10

c Ot
Diese Gleichung ist die Strahlungstransportgleichung und erweitert das System der Glei-
chungen (3.67) mit der Strahlungsenergiedichte

Ii(r,Q,v,t) + QVI(r,Q,v,t) = e(r,v,t) — a(r,v, t)Is(r,Q,v,1). (3.72)

I(r,Q,t) = / Ii(r,Q,v,t)dv und I=QI(r,Q,t) (3.73)
0
und dem Strahlungsdruck
1 [ee]
I(r,t) = —/ dQ I(r, Q, v, t)Qu (3.74)
€Jo

zu dem Gleichungssystem der Strahlungs-Hydrodynamik,

Op B

a + \V4 (,ou) = 0,
)
ait“ +(V-u)pu+V(p—1I,) =nV2u + (g n g) V(V - u) 4+ nFo, (3.75)
opkE

T+ V(pE+p) ~1-q) =u [nVQu n (g n g) v(V- u)} + nuFet,
Dabei ist in der Energieerhaltungsgleichung dieses Gleichungssystems der Gradient der
Laserintensitdt mit eingegangen, der die Wechselwirkung der Materie mit den Photo-
nen beschreibt. Das resultiert aus den nun zuséatzlich beriicksichtigten Photonen in der
Boltzmanngleichung, wodurch dieser Term analog zu den obigen Uberlegungen des vor-
liegenden Abschnitts aus den Teilchen-Photon-Stéfen im Stofsterm resultiert. Zusétzlich
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ist in der Gleichung der Impulserhaltung ebenfalls ein Term fiir die Teilchen-Photonen
Wechselwirkung aufgetaucht, der den Strahlungsdruck und das Abbremsen und Ablen-
ken der Teilchen durch Photonen beschreibt. Dieser Druck hat allerdings in den in dieser
Arbeit betrachteten System nur einen kleinen Einfluss.

Im Allgemeinen wird fiir den Strahlungstransport unter Beriicksichtigung der Dyna-
mik der Materie durch die Gleichungen (3.75) der erste Term der linken Seite der Glei-
chung (3.72) vernachldssigt. Diese stationdre Annahme des Photonenflusses kann mit
dem Vergleich der beiden Zeitskalen von Photonen und Materie begriindet werden. Im
optisch diinnen Medium, in dem wenige Photon-Materie-Wechselwirkungen erfolgen, ist
die Zeitskale des Photonenflusses t1, = [/c auf der charakteristischen Weglinge | wesent-
lich kleiner als die des Materieflusses ¢y = [/u > t1,. Daher kann sich der Photonenfluss
dem Materiefluss instantan anpassen. In iiberkritischen Medien ist aufgrund der hohen
Anzahl von Photon-Materie-Wechselwirkungen die Zeitskale des Photonenflusses vergro-
fert t{ = 1?/(c)\¢). Hier muss die charakteristische Weglinge | aufgrund der Wechsel-
wirkung mit der mittleren freien Weglénge der Photonen skaliert werden. Damit kann
7 ~ tym gelten, womit der erste Term der linken Seite der Gleichung (3.72) nicht ver-
nachldssigt werden kann. Da allerdings in {iberkritischen Systemen im Gleichgewicht ein
Gleichgewicht zwischen absorbierter und emittierter Strahlung vorliegt, verschwindet die
Annahme der vergrofserten Zeitskale aufgrund von Wechselwirkungen, da sich die Wech-
selwirkungsprozesse aufheben. Fiir diese Annahme diirfen sich Dichte und Temperatur
nicht zu stark mit der Zeit dndern, damit sich bei Dichte- und Temperaturdnderung ein
Strahlungsgleichgewicht einstellen kann [139].

Mit den Gleichungen (3.72) und (3.75) ist man in der Lage die Dynamik laser-induzier-
ter Plasmen zu beschreiben. Dazu miissen allerdings die in diesem Abschnitt eingefiihrten
Koeffizienten fir Absorption und Emission bekannt sein. Diese werden im Abschnitt 3.2.5
beschrieben.

3.2.3 Hydrodynamik eines Plasmas

Ein Plasma besteht aus frei beweglichen mikroskopischen Bestandteilen. Durch diese freie
Beweglichkeit ist die Beschreibung der Hydrodynamik eines Plasmas durch die Gleichun-
gen (3.67) moglich. Weiterhin betrachtet man damit ein elektromagnetisches mehrkompo-
nentiges System, welches aus freien Elektronen, Atomen und unterschiedlich geladenen
Ionen besteht. Deshalb muss zur exakten Beschreibung dieses Systems fiir jede Kom-
ponente « das Gleichungssystem (3.75) aufgestellt und gelost werden. Dartiber hinaus
miissen die Felder zwischen den geladenen Teilchen beriicksichtigt werden. Das heifst, es
miissen die Lorentzkraft und die Stofe zwischen den Teilchen mit aufgenommen werden.
Damit erhédlt man das Gleichungssystem

0pa B
W +V- (paua) =0,

0 1
E(paua) +(V-uy)pata +V (pa — Ip) — eani <E + Eua X B> - C, =0,
(3.76)

0
E(paEa) + V . (pozEaua) + V . (paua - Ia - qa)

1
—eqniug - (E + Zug X B> — Q, =0,
C
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mit der Teilchendichte n, der Sorte «, der elektrischen Feldstirke E, der magneti-
schen Flussdichte B, der viskosen Reibung C, und dem Energieiibertrag durch Stofe
Qo Um das Gleichungssystem zu komplettieren, wird fiir jede Komponente eine Zu-
standsgleichung aus E = E(p,u), p = p(F,u) oder u = u(E,p), die acht Maxwellglei-
chungen fiir das elektromagnetische Feld (3.21)-(3.24) und die Gleichungen fiir Ladung
p=e(>., Zana — ne) und Strom j = et (D, Zana — Ne) mit der mittleren Geschwin-
digkeit u aufgestellt. Somit muss fiir ein System aus einem Element mit der Ordnungszahl
Z ein System aus 6 - (Z + 2) + 12 Gleichungen gelost werden.

Dieser Ansatz ist mit heutigen Rechnerkapazitéten nicht in einem realistischen Zeit-
rahmen l6sbar. Daher bedient man sich einer geeigneten Naherung: Im Folgenden wird
die Hydrodynamik quasi-neutraler Plasmen betrachtet. Das heifst, dass das Plasma nach
aufen hin elektrisch neutral ist und sich die Ladungen der negativ geladenen Elektronen
mit den positiv geladenen Ionen kompensieren. Das ist der Fall, wenn eine homoge-
ne Abschirmung der Elektronen beziehungsweise Ionen angenommen wird, wodurch die
charakteristische Lénge von Plasmainhomogenitdten als klein im Vergleich zum elektro-
nischen Debye-Abschirmradius (1.4) betrachtet wird. Fiir diese Annahme muss sich die
Elektronenverteilung der Ionenverteilung adiabatisch anpassen, was aufgrund der kleinen
Masse der Elektronen im Vergleich zu den lonen gerechtfertigt ist, da die Elektronen sich
dadurch dem Potential der Ionen innerhalb eines Zeitintervalls anpassen konnen. Daher
muss eine Bedingung an die betrachteten Zeitintervalle gegeben sein. Mit diesen Annah-
men kann ein Plasma als quasi-neutral angesehen werden, wodurch sich die Ladungen
nach aufen hin kompensieren, da sich die Elektronenverteilung dem Feld der Ionen in-
stantan anpasst. Also ist fiir die Hydrodynamik nur die Beschreibung der Ionengeschwin-
digkeit von Interesse. Somit kénnen auch elektrische Strome und interne Magnetfelder
vernachléssigt werden. Um diese Vereinfachung einzufiihren, miissen Effekte wie schnelle
Elektronen und ponderomotive Krafte vernachlassigt werden, da diese dazu fithren, dass
sich im Plasma starke Felder und Strome ausbilden kénnen. Diese vernachléssigten nicht-
linearen Effekte treten nur innerhalb intensiver Laserfelder mit Intensitdten oberhalb von
I = 10'" W/cm? auf. Daher ist diese Vereinfachung fiir solche Lasereinstrahlung nicht
geeignet und es sollten dann die Vlasovgleichungen (3.1.3) gelost werden.

Eine weitere Vereinfachung ist das Zusammenfassen der schweren Teilchen des gleichen
Elements. Aufgrund der nahezu identischen Massen der lonen beziehungsweise Atome des
selben Elements ist die hydrodynamische Beschreibung der schweren Teilchen im quasi-
neutralen Plasma identisch. Der einzige Unterschied driickt sich im Stofsterm aus, bei dem
Atome einen geringeren Einfluss auf die Elektronen haben als die verschieden geladenen
Ionen. Das soll im Folgenden vernachléissigt werden, womit sich das Gleichungssystem fiir
die Beschreibung eines Elements auf 12 Gleichungen reduziert. Eine weitere Reduktion
auf 8 Gleichungen kann durch die Quasi-Neutralitdt des Plasmas erreicht werden, da dann
die Bewegung der Elektronen mit der Bewegung der schweren Teilchen zusammenfallt.
Somit muss fiir das Elektronensystem nur die Kontinuitétsgleichung fiir die Energie und
die Zustandsgleichung berticksichtigt werden.

Durch diese Vereinfachungen wird das zu 16sende Gleichungssystem gewonnen

%—FV-(,OU) = 0, (3.77)
O (pu) + (V- wpu+ V(g +p) = 0, (3.78)

at
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O (0B + V- (pBw) 4+ V- (pu—a) ~Q = 0, (3.79)
O BN+ V- (pEu) + V- (pu—-T—q)-Q = 0, (3.80)

ot
mit der Zustandsgleichung fiir Ionen E; = E;(p;,u), pi = pi(E;,u) oder u = u(FE;,p;)
und Elektronen E, = E(pe,u), pe = pe(Ee,u) oder u = u(F,, p.). Hier sei erwahnt, dass
die Elektronen-lonen-Stofe zwar einen Einfluss auf den Energieaustausch, aber aufgrund
der groflen Massendifferenz keinen Einfluss auf die Bewegungsrichtung der Ionen haben,
daher wird die Reibung C vernachlassigt. Fiir den lon-Elektron-Energieaustausch wird
der Formalismus von Spitzer [97]

\ /meZJ%e‘lni InA
32v/2nedm; (kpT.) >/
und dem Coulomblogarithmus (2.26), verwendet. Verbesserte, allgemeinere Ausdriicke

flir den Ion-Elektron-Energieaustausch, die allerdings in der Auswertung zeitaufwendiger
sind, und ihre Anwendung sind in den Arbeiten [175-178| zu finden.

1
Q = —woneks (T; — Te) , mit wg = (3.81)
p

3.2.4 lonisationsprozesse in der Hydrodynamik

Zur Beschreibung der Dynamik eines laser-induzierten Plasmas sind neben der Hydro-
dynamik auch die Beschreibung der Plasmaerzeugung durch Ionisation erforderlich. Da
Elektronen ionisieren und rekombinieren koénnen, ist die Dynamik der freie Elektronen-
dichte und damit der Elektronendruck und die Elektronentemperatur nicht nur durch
Transportphdnomene zu beschreiben. Daher muss neben hydrodynamischen Berechnun-
gen auch ein Modell fiir die dynamischen Ionisationsprozesse angewendet werden. Das
kann fiir ein System im lokalen Gleichgewicht durch die Saha-Gleichung [66, 174] rea-
lisiert werden. Fiir die Behandlung eines laser-induzierten Plasmas wahrend der Laser-
einstrahlphase ist dieses Modell allerdings ungeeignet, da durch die Lasereinstrahlung
das System nicht im Gleichgewicht sein muss. Fiir diesen Fall werden die Ratengleichun-
gen [56,57,139] verwendet.

Die Ratengleichungen sind ein Satz von Z+1 Gleichungen fiir die Ionendichten n; der
Ionen der Ionenladung j im angeregten Zustand k des Elements mit der Kernladungszahl
Z und k. angeregten Zustanden

dnjk

2 2
— (nenj ke k + 120 kBikdko) + > (nZnj1xBiv1k0k0
d ’ ; ) (3.82)

AN o -1, + e K i — nenj 1 K 1)

mit den Randbedingungen

dno k
) 2
L = Menok0o + § (ngna B ko + neno g K gy — neno p K 1) (3.83)
k/
d’I’LZ k
9 2
- neng kBzk0ko + E (nenz—1waz—1p + neng g Ky — neng 1 Ky i) ,

m
(3.84)
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Z
ne=>_jn;. (3.85)
=0

Dabei ist n. die Elektronendichte, o der Ionisationskoeffizient, 5 der Rekombinationsko-
effizient und Ky, s der Ubergangskoeffizient vom angeregten Zustand &’ in den angereg-
ten Zustand k. Der erste Term der rechten Seite der Ratengleichungen (3.82) beschreibt
den Verlust an Ionen der Ladung j im Anregungszustand k durch Ionisationsprozesse,
wohingegen der zweite Beitrag den Verlust dieser Ionen durch Rekombinationsprozesse
beschreibt. Durch das Kronecker-Symbol § sind nur Rekombinationen aus dem Grund-
zustand zugelassen. Die néchsten beiden Beitrdge beschreiben den Gewinn an lonen
durch Tonisationsprozesse aus allen Anregungszustinden k' des j-1-ten Ladungszustan-
des und Rekombinationsprozesse aus dem Grundzustand des j+1-ten Ladungszustandes.
Hier sind wieder nur Rekombinationen aus dem Grundzustand zugelassen, wohingegen
der Ionisationsprozess aus jedem Zustand der Ionen des j-1-ten Ladungszustandes erlaubt
ist. Das ist eine Naherung, bei der die Annahme getroffen wird, dass bevor Rekombina-
tionsenergie verloren wird, sdmtliche Anregungsenergie verloren sein muss. Die letzten
beiden Terme beschreiben den Gewinn bezichungsweise den Verlust an Ionen des Zu-
standes k durch Anregung beziehungsweise Zerfall. Dieser k-te Zustand kann in jeden
anderen Zustand zerfallen beziehungsweise angeregt werden und jeder Zustand kann in
den k-ten Zustand iibergehen. Die Randbedingungen (3.83) und (3.84) schliefsen das Sys-
tem der Ratengleichungen (3.82) ab. Die Gleichung (3.85) beschreibt in diesem System
die Ladungsneutralitit im System, iiber die die Elektronendichte gegeben ist.

Somit beschreiben die Ratengleichungen die zeitliche Entwicklung der Plasmazusam-
mensetzung, wobei die entsprechenden Ionisations- und Rekombinationsprozesse durch
die jeweiligen Koeffizienten charakterisiert werden. Daher ist es notwendig geeignete Aus-
driicke fiir diese Koeffizienten zu finden. Dabei kénnen die einzelnen Koeffizienten mehrere
physikalische Prozesse beschreiben. Der Ionisationskoeffizient kann neben Stoftionisation
auch Feld- und Tunnelionisation beinhalten. Diese einzelnen Prozesse setzen sich additiv
zum Gesamtkoeffizienten zusammen. Im Folgenden werden die in dieser Arbeit verwen-
deten Koeffizienten aufgefiihrt.

Fiir den Ionisationsprozess wird in dieser Arbeit der Stofsionisationsprozess durch ther-
mische Elektronen durch die empirischen Querschnitte von Lotz genutzt [58], die mit einer
Maxwell-Boltzmann-Geschwindigkeitsverteilung gemittelt werden [56,57],

L -6 —32 F(u)
2 —=3.1 eknT
Oéj 3 0 5]6 Bloy exp(u)u’
F(u) =exp(u)(—Inu — 0.5772 +u), fir u <1074,
F(u) =exp(u)(—Inu — 0.5772 + 1.0000u — 0.2499u* + 0.0552u> (3.86)

— 0.0098u* + 0.001u%), fiir 1074 < w <1,

~u+2.3347 + 0.2506 /u

F(u) —
(W) = 2333070 + L6315’

flir u > 1,

mit dem Verhiltnis u = I3 /(Tsy), der Elektronentemperatur in der Einheit Elektro-
nenvolt Ty, der Ionisationsenergie des j-ten Ladungszustandes I und der Anzahl an
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Valenzelektronen ; des j-ten Ladungszustandes. Neben dem Elektronenstofionisations-
prozess wird ein weiterer Stofionisationsprozess beriicksichtigt, welcher durch einen ein-
gestrahlten Laser getrieben wird, in dessen Feld die freien Elektronen aufgrund ihrer er-
hohten Bewegung eine erhdhte Stofirate aufweisen. Diese stimulierte Stoftionisation wird
durch [179]

G0 3015 1075¢;
2L, Uy

1+ 1-1,/(2U0,)

1—-/1-1,/(2U,)

(3.87)

AWy

(T ).

mit dem ponderomotischen Potential U, = mev(Q] /4 und der Zittergeschwindigkeit der
Elektronen im elektromagnetischen Feld vy = eEy/(m.w), beschrieben.

Einen weiteren lonisationsprozess stellt die Feldionisation dar, wobei in dieser Arbeit
nur die Tunnelionisation beriicksichtigt wird, die bereits in Abschnitt 3.1.4 vorgestellt
wurde. Der gemittelte Ionisationskoeffizient ist tiber die ADK-Rate (3.29) gegeben [156].

Der Rekombinationsprozess durch Stofte wird in dieser Arbeit durch das Modell von
Salzmann und Krumbein [57,180] beschrieben

.
ﬂjsfl = ! 3/2 ? (388)
3102 (2g;41/95) T exp(—u)
welches im lokalen thermischen Gleichgewicht in das Saha-Modell iibergeht.
Die Ubergangskoeffizienten werden durch
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mit der Energiedifferenz zwischen den angeregten Zustinden k und k¥ AEyy = |Ex —

Ejy|, der Oszillatorstiirke des Ubergangs fi und dem Integral h(z) = /z [°dte™"/t,
charakterisiert [181].

Damit kann die Zusammensetzung des Plasmas aus den Temperaturen und Dichten
in jedem Zeitschritt durch die Ratengleichungen mit den entsprechenden Koeffizienten
bestimmt werden.

3.2.5 Absorptionseffekt in der Hydrodynamik

In diesem Unterabschnitt wird die transversale dielektrische Funktion aus Abschnitt 2.1.1
fiir die Wechselwirkung der Materie mit transversaler elektromagnetischer Strahlung dazu
verwendet, einen Ausdruck fiir den Absorptionskoeffizienten, der im Abschnitt 3.2.2 fiir
die Licht-Materie-Wechselwirkung eingefiihrt wurde, zu gewinnen. Die Wechselwirkung
mit freien Elektronen (Absorption der inversen Bremsstrahlung), die Wechselwirkung
mit gebunden Elektronen (Absorption der Ubergangsstrahlung) und die Wechselwirkung
durch Tonisation von Elektronen (Absorption der Ionisationsstrahlung) wurden bereits
in Abschnitt 1.3 eingefiihrt und in [89] untersucht.
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Hier wird sich innerhalb von strahlungs-hydrodynamischen Berechnungen ausschliefs-
lich auf die Absorption der inversen Bremsstrahlung beschrénkt, da diese in den in die-
ser Arbeit betrachteten tiberkritischen Plasmen der dominierende Effekt ist. Zudem ist
die verwendete Frequenz des eingestrahlten optischen Lasers mit einer Wellenldnge von
A = 800 Nanometer nicht in der Lage Ubergangsstrahlung und Ionisationsstrahlung be-
reit zu stellen. Weiterhin wird die Emission des Plasmas vernachléssigt, wodurch nur
die Frequenz des Lasers betrachtet wird, und somit tatsdchlich nur die Absorption der
inversen Bremsstrahlung von Interesse ist.

Zusatzlich zu den hier erlauterten Photon-Materie-Wechselwirkungen existieren auch
Absorptionen durch den Wellencharakter des Laserfeldes. Das sind die Feldionisationen,
die im vorherigen Abschnitt erlautert wurden und zusétzlich zu einem Energieverlust des
Laserfeldes fiihren.

Absorption der inversen Bremsstrahlung

Um die Absorption der inversen Bremsstrahlung zu beschreiben, kann die Gleichung
(2.28) genutzt werden. Wie bereits erwéahnt, beschreibt die inverse Bremsstrahlung die
Absorption aufgrund der Anregung der Elektronen, die bei der Oszillation um die Ionen
durch das Laserfeld beschleunigt werden. Dieser Effekt ist die Absorption der inversen
Bremsstrahlung und wird in der Gleichung (3.72) als Absorptionskoeffizient beschrieben.

Fiir die Gewéhrleistung einer schnellen Berechnung des Absorptionskoeffizienten wird
fiir die Beschreibung der Elektronen-lonen Stofe der einfache analytische frequenzunab-
héngige Ausdruck von Spitzer und Harm

e — A2 Z2%e*n;  InA
St 3(471’60)21/7716 (ijT)?’/Q

in Gleichung (2.28) genutzt [97], der in einer Relaxationszeitndherung fiir ein klassisches
System gewonnen werden kann. Dabei ist In A der Coulomblogarithmus (2.26). Damit
ist man bei Vernachlidssigung der Emission in der Lage die Strahlungstransportgleichung
(3.72) zu 16sen.

(3.90)

Absorption durch Tunnelionisation

Im Abschnitt 3.2.2 wurde die Strahlungstransportgleichung (3.72) mit Hilfe der Boltz-
manngleichung (3.18) fiir Verteilungsfunktionen hergeleitet, die den Strahlungstransport
durch die Materie mit Emission als Quellterm und Absorption als Verlustterm beschreibt.
Diese Gleichung wurde unter Vernachlédssigung von Streuung fiir die Betrachtung von
Photonen, die in ausreichend kleinen Ortsvolumen beschrieben wurden, hergeleitet. Der
Charakter des Feldes wird durch diese kinetische Beschreibung des Strahlungstransportes
vernachlassigt. Um dennoch Wechselwirkungseffekte aufgrund von Feldern, wie die Tun-
nelionisation und die resultierende Strahlungsabsorption, zu beschreiben, wird neben der
oben beschriebenen Absorption eine weitere, durch den Wellencharakter der Strahlung
verursachte Absorption eingefiihrt [182]

1
—%I(r, Q. v, t) + QVI(r,Q,v,t) = e(r,v,t) — a(r,v,t)I(r,Q, v, t) — apga(E). (3.91)
c

Dabei beschreibt der eingefiithrte Absorptionskoeffizient apeq die Absorption aufgrund
des elektromagnetischen Feldes E und ist nicht direkt abhéngig vom Photonenstrom I.
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Dieser Absorptionskoeffizient wird in dieser Arbeit dazu genutzt, die Absorption von
Strahlung aufgrund von Tunnelionisation zu beschreiben. Der Prozess der Tunnelionisa-~
tion wurde bereits als Rate o*PX fiir die Ratengleichung zur Darstellung von Ionisati-
onsprozessen in Gleichung (3.29) im Abschnitt 3.2.4 eingefithrt. Dabei kann die Stérke
des Feldes durch die Intensitéit

21
Ey =/ —, (3.92)

gpc
die durch Gleichung (3.91) gewonnen werden kann, ausgedriickt werden [183]. Aus den
Ratengleichungen (3.82) kann der Absorptionskoeffizient fiir die Tunnelionisation berech-

net werden

dn'; A
55 (sl + St
J

k %
(3.93)
Damit ist es moglich in der Strahlungstransportgleichung (3.91) auch Absorptionen auf-
grund von Tunnelionisationen zu berticksichtigen, die insbesondere in der Erzeugung von
Plasmen eine wichtige Rolle spielen.

aFeld(E) = Z I]j) Z

j k

3.2.6 Zustandsgleichung

Fiir den Abschluss der oben erlduterten hydrodynamischen Gleichungen (3.77)-(3.79) und
dem Erhalt eines losbaren Gleichungssystems wurden Zustandsgleichungen E = E(p,u),
p = p(E,u) oder u = u(E,p) erwahnt. Darauf wird in diesem Abschnitt kurz eingegan-
gen. Der einfachste Fall fiir die Wahl der Zustandsgleichungen ist die Zustandsgleichung
des idealen Gases p = nkpT. Um die Zustandsgleichung des idealen Gases in Verbindung
mit den hydrodynamischen Variablen zu bringen, wird diese Gleichung auf die spezifische
innere Energie e = p/(7—1) bezogen [89,184], mit dem Verhéltnis der Wéarmekapazitéten
v = (24 F)/(F) und der Anzahl der Freiheitsgrade F, welche die drei Translationsrich-
tungen eines einatomigen Gases sind. Damit erhdlt man mit Gleichung (3.60) die Zu-
standsgleichung fiir das ideale Gas pE = pu?/2+ p/(y — 1), welche die hydrodynamische
Variable der Energie je Einheitsmasse F mit dem Druck und der Temperatur verbindet.
Mit dieser zusétzlichen Gleichung ist es moglich, das Gleichungssystem (3.77)-(3.79) zu
16sen.

Neben der Zustandsgleichung fiir ein ideales Gas ist es auch moglich, tabellarisierte
Zustandsgleichungen zu nutzen. Diese tabellarisierten Zustandsgleichungen sind berech-
nete Dichte-, Druck-, Energie- und Temperaturzusammenhénge von realen Gasen, die
iiber verschiedene aufwendige Theorien, wie Fluid Variational Theorie [185,186], Massen-
wirkungsgesetze mit geeigneten Quantenpotentialen [187,188| oder Finite Temperatur-
DichteFunktional Theorie-MolekularDynamik (FT-DFT-MD) [189-193|, berechnet wur-
den und teilweise experimentell verifiziert sind. In dieser Arbeit wird die in hydrody-
namischen Berechnungen weit verbreitete SESAME-Tabelle [194] genutzt, da sie einen
grofen Dichte- und Temperaturbereich abdeckt.
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4 Plasmadiagnostik von dichten Wasserstofftropfen

Im Rahmen von mehreren Messkampagnen am FLASH wurden in den letzten Jahren
Pump-Probe-Thomsonstreuexperimente an Wasserstofftropfen durchgefiihrt. Eine sche-
matische Darstellung des Tropfens im Laserpuls ist in Abbildung 4.1 zu sehen. Die
theoretische Auswertung dieser Experimente wurde im Rahmen dieser Arbeit durch-
gefiihrt. Dazu werden in diesem Kapitel aus den Ergebnissen von PIC- und strahlungs-
hydrodynamischen Simulationen der Laser-Wasserstofftropfen-Wechselwirkung die zuge-
horigen Thomsonstreuspektren berechnet und untersucht. Zusétzlich wird dabei mit dem
PIC-Code VLPL3D [39] der Einfluss von Stofionisationen auf die Temperatur- und Dich-
teprofile betrachtet. Auf lingeren Zeitskalen ab einer Pikosekunde wird ein in dieser Ar-
beit angefertigter Strahlungs-Hydrodynamik-Code [195] angewendet. Die zu erwartenden
Plasmaparameter konnen aus der Grafik 1.12 entnommen werden.

Abbildung 4.1: Darstellung des laser-induzierten Plasmas, hier eines Tropfens, und der
drei Raumebenen, in denen in den néchsten Kapiteln die Ergebnisse pra-
sentiert werden.

In den Pump-Probe-Experimenten am FLASH wurden fliisssige Wasserstofftropfen mit
Durchmessern von d = 8 — 30 ym und Dichten von p = 0.086 g/cm? bei Anfangstempe-
raturen von 7' ~ 20 K als Ziel benutzt. Hier wird sich aufgrund des Rechenaufwandes auf
die Beschreibung von Wasserstofftropfen mit einem Durchmesser von d = 8 — 10 pum be-
schrankt. Rechnungen fiir Tropfen mit einem Durchmesser von d = 30 pm koénnen in [44]
gefunden werden. Diese Tropfen wurden mit einem linear polarisierten optischen Laser
der Wellenldnge A1, = 800 nm, der Energie £ = 20 mJ, der Pulsdauer tpwinv = 90 fs
und dem Pulsfokus dpwmy = 100 pm bestrahlt und mit einem Laser der Wellenlange
A = 13.5 nm untersucht.

4.1 Ultrakurzzeitkinetik von laser-induzierten Wasserstofftropfen

Fiir die dreidimensionale PIC-Simulation der Laser-Materie-Wechselwirkung wird ein
Wasserstofftropfen mit dem Durchmesser von 10 pm in einer Box der Grofe 12 x 12 x
12 pm? betrachtet, die auf 700 x 140 x 140 Gitterzellen mit je 32 schweren Teilchen und
bis zu 32 Elektronen aufgeteilt ist und kann somit etwa 200 Millionen Teilchen enthalten.
Diese Simulation wird bis zu 600 fs nach Durchgang des Laserpulsmaximums durchge-



78 4 PLASMADIAGNOSTIK VON DICHTEN WASSERSTOFFTROPFEN

fithrt, um ein lokales thermisches Gleichgewicht zur Berechnung der Temperaturen zu
gewahrleisten. Diese Simulation wurde auf dem JUROPA Supercomputer in Jiilich auf
512 Kernen realisiert.

In den Abbildungen 4.2 sind die Profile des Verhéltnisses zwischen Elektronen- und
Ionendichte im Schnitt entlang der Laserpolarisationsebene fiir verschiedene Zeiten von
At =0 fs, At = 125 fs und At = 600 fs zwischen Aufnahme der Plasmaparameter und
Durchgang des Laserpulsmaximums dargestellt. Darin sind die Simulationen mit und oh-
ne Beriicksichtigung von Stofionisationen gegeniibergestellt. Fiir eine Verzogerungszeit
von At = 0 fs ist fiir beide Félle ein nicht ionisiertes Tropfeninneres mit einer voll-
sténdig ionisierten Tropfenfront von einigen 100 nm Dicke, die gréfer als die Skintiefe
I = c¢/wple ~ 25 nm ist, zu beobachten. Damit entsteht an der Tropfenfront ein Plasma
mit der Elektronendichte n, ~ 5 - 10?2 cm™3, welche oberhalb der kritischen Dichte des
Lasers ne = 1.8 - 102! cm™3 liegt, womit das Plasma optisch dicht ist und der Laser
innerhalb dieser Plasmaschicht komplett absorbiert beziehungsweise reflektiert wird. Bei
der Betrachtung des mittleren Ionisationsgrades des gesamten Tropfens Z, ist zu erken-
nen, dass Zy, bei der Beriicksichtigung von Stofsionisationen unterhalb des Wertes ohne
Beriicksichtigungen der Stofsionisationen liegt, obwohl ein zusétzlicher Ionisationsprozess
beschrieben wird. Das kann auf numerische Probleme zuriickgefithrt werden, die in der
Abbildung 4.2 bei einer Zeit von At = 0 fs ohne Beriicksichtigung der Stofsionisationen
an einem Eindringen des Lasers in das Plasma zu beobachten sind. Dieses Eindringen
hat keine physikalische Begriindung. Um dieses numerische Problem zu bestétigen wurde
eine Simulation mit erhohter Auflésung von 700 x 700 x 700 Gitterzellen durchgefiihrt
und ist in den Abbildungen 4.3 zu sehen. Dort sind die Profile des Verhéltnisses zwischen
Elektronen- und Ionendichte im Schnitt entlang der Polarisationsebene fiir die zwei Auf-
l6sungen mit und ohne Beriicksichtigung der Stofsionisation gezeigt. Hier ist zu sehen,
dass die lonisierung des Tropfeninneren ohne Beriicksichtigung von Stofsionisationen bei
hoherer Auflésung verschwindet. Zudem ist bei hoherer Auflésung die mittlere Ionisation
Zy mit Berticksichtigung der Stofsionisationen hoher als ohne Beriicksichtigung dieser
Ionisationen. Das sollte auch bei der Betrachtung eines zusétzlichen Ionisationsprozesses
der Fall sein. Dariiber hinaus ist bei erhdhter Auflosung eine héhere Anzahl von klei-
nen Bereichen hoher Elektronendichten zu beobachten, die unphysikalisch sind. Es ist zu
bemerken, dass diese Bereiche mit diesem PIC-Code in verschiedenen Simulationen von
Tropfen beobachtet wurden, wohingegen das bei der Betrachtung von Folien nicht der
Fall war. Daher ist darauf hinzuweisen, dass das vorliegende PIC-Programmpaket diese
Tropfengeometrie eventuell nicht unterstiitzt. Diese Bereiche sind auf kiinstlich erzeug-
te Felder an den Gittergrenzen zuriickzufiihren, die daher auch bei erhéhter Auflésung
vermehrt auftreten und das Material ionisieren kénnen.

Bei der Betrachtung der Dynamik der Profile des Verhéltnisses zwischen Elektronen-
und lonendichte des Wasserstofftropfens in den Abbildungen 4.2 ist nach der anfangli-
chen diinnen Ionisationsfront eine Ausdehnung dieser Front ins Innere des Plasmas zu
beobachten. Demnach besitzt die Front hoher Elektronendichte einige Zeit nach Abschal-
ten des Lasers At = 125 fs eine Dicke von etwa 2 um und bei einer Verzogerungszeit von
600 fs eine Dicke von etwa 5 pym. Diese Front kann aufgrund des Auftretens in Simulatio-
nen unter Beriicksichtigung von Stofiionisationen und der iiberschrittenen Skintiefe nicht
aus Lasereinstrahlung oder Stofsionisationen resultieren, sondern folgt aus den schnellen
Elektronen der Geschwindigkeit von etwa 0.03 ¢, die aus der zeitlichen Entwicklung der
Plasmafront berechnet wurde, und somit eine kinetische Energie von 230 eV besitzen. Da-
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Abbildung 4.2: Profile des Verhéltnisses zwischen Elektronen- und Ionendichte eines
Wasserstofftropfens im Schnitt entlang der Laserpolarisationsebene fiir
die Verzogerungszeiten von (a) At = 0 fs, (b) At = 125 fs und (c)
At = 600 fs zwischen Aufnahme der Profile und Durchgang des Laser-
pulsmaximums. Der Laser bestrahlt den Tropfen von oben. Verglichen
sind PIC-Simulationen ohne (links) und mit Beriicksichtigung (rechts)
von Stofiionisationen fiir eine Auflésung mit 700 x 140 x 140 Simulati-
onszellen. Z,, stellt den mittleren Ionisationsgrad des gesamten Tropfens

dar.
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Abbildung 4.3: Profile des Verhiltnisses zwischen Elektronen- und lonendichte eines Was-
serstofftropfens im Schnitt entlang der Polarisationsebene zum Zeitpunkt
des Durchgangs des Laserpulsmaximums. Der Laser bestrahlt den Trop-
fen von oben. Verglichen sind PIC-Simulationen ohne (links) und mit
Berticksichtigung (rechts) von Stofionisationen fiir eine Auflésung von
(a) 700 x 140 x 140 und (b) 700 x 700 x 700 Simulationszellen. Z,, stellt
den mittleren Ionisationsgrad des gesamten Tropfens dar.

mit kdnnen diese beschleunigten Elektronen Wasserstoffatome mit der Ionisationsenergie
von 13.6 eV durch Stofsionisationen ionisieren, was in den Simulationen unter Bertick-
sichtigung von Stofionisationen an der gleichméfig einfach ionisierten Tropfenfront zu
erkennen ist. Daraus resultieren im Vergleich zu den Ergebnissen ohne Beriicksichtigung
von Stofsionisationen stérkere Gradienten des Verhéltnisses zwischen Elektronen- und
Ionendichte im Ubergang zwischen ionisierter Tropfenfront und nicht-ionisiertem Trop-
feninneren. Diese zusétzliche Ionisation ist auch anhand des mittleren Ionisationsgrades
des Tropfens Z,, zu erkennen. Weiterhin muss gesagt werden, dass die Expansion der
Tropfenfront ins Innere ohne Beriicksichtigung von Stofionisationen nur durch Feldioni-
sation verursacht werden kann, da die Anzahl an ionisierten, beschleunigten Elektronen
an der Tropfenfront dieses Volumen mit solch einer Elektronendichte nicht erkldren kann.
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Abbildung 4.4: Profile des Verhéltnisses zwischen Elektronen- und Ionendichte (links)
und der Elektronentemperatur (rechts) eines laser-bestrahlten Wasser-
stofftropfens im Schnitt entlang der Laserpolarisationsebene fiir die Ver-
zogerungszeiten von (a) At = 125 fs und (b) At = 600 fs zwischen Auf-
nahme der Profile und Durchgang des Laserpulsmaximums. Der Laser
bestrahlt den Tropfen von oben. Z,, stellt den mittleren Ionisationsgrad
des gesamten Tropfens dar.

Die benoétigten Felder miissen durch die ins Innere beschleunigten Elektronen verursacht
werden, die allerdings nicht in der Lage sind, solch hohe Felder zu erzeugen. Diese unphy-
sikalische Ionisation kann entweder auf die bereits angesprochenen, an den Zellrindern
kiinstlich erzeugten Felder aufgrund der Tropfengeometrie oder auf eine nicht ausreichen-
de Auflésung des Problems zurtickgefiihrt werden.

Aus den kinetischen Energien der Elektronen der PIC-Simulationen wurden die Elek-
tronentemperaturen fiir die Annahme eines lokalen thermischen Gleichgewichts fiir Zeiten
nach Abschalten des Lasers berechnet und sind in den Abbildungen 4.4 dargestellt. Um
eine ausreichende Statistik fiir die Anpassung einer Maxwell-Boltzmannverteilung an die
Geschwindigkeitsverteilung der PIC-Daten zu erreichen, sind die Elektronentemperatu-
ren fiir den halben Tropfen auf einem reduzierten Gitter der Grofse 50 x 15 x 1 ermittelt
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worden. Anhand der Temperaturen ist zu erkennen, dass sich kurz nach Abschalten des
Lasers ein warmes Plasma mit einer Elektronentemperatur zwischen 30 eV und 80 eV an
der Front ausbildet. Dieses Aufheizen erfolgt durch den Prozess der inversen Bremsstrah-
lung. Die dadurch aufgeheizten und damit beschleunigten Elektronen kénnen ins Innere
des Tropfens vordringen und verlieren durch elektromagnetische Wechselwirkungen mit
anderen Elektronen und Ionen ihre Energie. Das ist in der Darstellung der Elektronentem-
peraturen bei einer Verzogerungszeit von 600 fs zu beobachten, in der eine ausgedehntere
Front mit gleichméfbiger Elektronentemperatur um die 40 eV zu sehen ist. Damit konnten
die Elektronendichte- und -temperaturprofile aus den PIC-Simulationen gewonnen wer-
den und werden nachfolgend fiir die Berechnung der zugehorigen Thomsonstreuspektren
genutzt.

4.2 Kurzzeitkinetik von laser-induzierten Wasserstofftropfen

Aufgrund der Intensitit des optischen Lasers mit I a~ 10! W/cm? ist nach Kapi-
tel 3 die Untersuchung der Laser-Materie-Wechselwirkung mit Hilfe von Strahlungs-
Hydrodynamik-Simulationen moglich. Dadurch kénnen die Ergebnisse der obigen PIC-
Simulationen mit Ergebnissen von Strahlungs-Hydrodynamik-Simulationen verglichen
werden. Hier miissen fiir die Anpassung der Daten an das am FLASH durchgefiihrte
Experiment die Tropfengrofse auf d = 8 pm, die Laserenergie auf £ = 2 mJ, der Puls-
fokus auf dpwiy = 40 pm und die Pulsdauer auf tpwnv = 60 fs gedndert werden. Fiir
diese Parameter sind in den Abbildungen 4.5 die Ergebnisse des eindimensionalen, kom-
merziellen Strahlungs-Hydrodynamik-Codes HELIOS [41] auf 200 Simulationszellen und
eines im Rahmen dieser Arbeit [195] nach [196-198| angefertigten, zweidimensionalen
Strahlungs-Hydrodynamik-Codes auf 100 x 100 Simulationszellen fiir Elektronendichte
und -temperatur dargestellt. Dieser Strahlungs-Hydrodynamik-Code wurde fiir die Dar-
stellung der Winkelabhéngigkeit eines zwei-Temperaturensystems von Elektronen und
Ionen angefertigt, da diese Eigenschaften durch zugéngliche Strahlungs-Hydrodynamik-
Codes wie HELIOS (eindimensional) oder MULTI2D [42] (Ein-Temperaturensystem)
nicht gegeben, allerdings fiir die Auswertung von Experimenten am FLASH erforder-
lich sind. Um die Ergebnisse der beiden Codes fiir die Laser-Materie-Wechselwirkung fiir
verschiedene Verzogerungszeiten zwischen Pumpen und Aufnahme des Profils zu verglei-
chen, ist in den Abbildungen 4.5 nur das eindimensionale Profil der Elektronendichten
und -temperaturen entlang der Laserachse dargestellt.

In den Ergebnissen der Strahlungs-Hydrodynamik-Codes ist analog zu den Ergebnissen
der PIC-Simulationen ein Aufheizen und Ionisieren der Front des Tropfens zu erkennen.
Anschliefsend ist eine Ausdehnung der ionisierten und aufgeheizten Front ins Innere des
Systems zu beobachten. Diese wird auch in den PIC-Simulationen beobachtet, dabei
entspricht die Ausdehnung dieser Front in etwa der Ausdehnung des aufgeheizten Bereichs
der PIC-Simulationen von etwa 1 um bei einer Verzogerungszeit von etwa At = 1 ps.
Der ionisierte Bereich ist allerdings bei den verschiedenen Simulationsmethoden nicht
vergleichbar, da dieser aus den schon angesprochenen Griinden bei den PIC-Simulationen
iiberschétzt wird.

Beim Vergleich der beiden Strahlungs-Hydrodynamik-Codes untereinander ist eine et-
wa gleich schnelle Expansion der Tropfenfront ins Innere des Plasmas zu erkennen. Den-
noch gibt es fiir kurze Verzogerungszeiten unterhalb von 5 ps Unterschiede in der Elek-
tronentemperatur. Die Elektronentemperatur wird fiir kleine Verzogerungszeiten vom
HELIOS-Code als wesentlich hoher als vom zweidimensionalen Code vorhergesagt, wes-
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halb die nachfolgende Relaxation zwischen Elektronen- und lonentemperatur zu einem
wesentlich schnelleren Abfall der Elektronentemperaturen in der Front fiihrt. Zu spéteren
Zeiten sind beim HELIOS-Code hohere Elektronentemperaturen zu beobachten. Speziell
flir Zeiten von At = 1 ps kann beim zweidimensionalen Strahlungs-Hydrodynamik-Code
ein zu den PIC Simulationen &hnliches Ergebnis in der Elektronentemperatur beobachtet
werden. Im Vergleich der Strahlungs-Hydrodynamik-Codes untereinander ist die Expan-
sion des Plasmas ins Vakuum stark unterschiedlich. Zwar ist eine solch starke Expansion
wie beim HELIOS-Code bei den PIC-Simulationen nicht zu sehen, dennoch ist bei dem
zweidimensionalen Code kaum eine Expansion zu erkennen, was auf eine unterschied-
liche Handhabung der Kontaktfront in den Randbedingungen aufgrund der Lagrangen
Koordinaten zurtickgefiithrt werden kann [89]. Hier muss fiir spétere Arbeiten die Rand-
bedingung dieses Codes iiberarbeitet werden.
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Abbildung 4.5: Darstellung der Elektronendichte und -temperatur in Abhéngigkeit vom
Ort einer eindimensionalen Schicht eines Wasserstofftropfens mit einem
Durchmesser von 8 pm entlang der Laserachse im Zentrum des Laser-
fokuses. Die initiale Grenzschicht zwischen Tropfen und Vakuum befin-
det sich beim Ort 0 pm und 8 pm. Der Tropfen wird von rechts be-
strahlt, wobei hier nur die Front des Tropfens dargestellt ist. Illustriert
sind die Ergebnisse des kommerziellen, eindimensionalen Strahlungs-
Hydrodynamik-Codes HELIOS [41] und der entsprechenden Schicht
aus einem im Rahmen dieser Arbeit entwickelten, zweidimensionalen
Strahlungs-Hydrodynamik-Codes [195] (hier 2D-rad.-hydro.) fiir drei Ver-
zogerungszeiten At = 0 fs, At =1 ps und At =5 ps.

In den Abbildungen 4.6 sind die zweidimensionalen Profile der Tonendichte, des Ionisa-
tionsgrades und der Elektronen- und lonentemperatur des zweidimensionalen Strahlungs-
Hydrodynamik-Codes fiir eine Verzogerungszeit von 1 ps und 10 ps dargestellt. Es ist
zu erkennen, dass fiir kurze Verzdgerungszeiten von At = 1 ps eine grofse Temperatur-
differenz zwischen Elektronen- und Ionensystem besteht. Diese verringert sich zu langen
Verzdgerungszeiten hin, sodass zu einer Verzogerungszeit von At = 10 ps ein nahezu
relaxiertes System vorhanden ist. Zudem ist eine Expansion der Tropfenfront sowohl
nach aufen als auch nach innen zu beobachten. Diese Expansion fiihrt zur Abkiihlung
der Tropfenfront, da kalte Bereiche im Inneren des Tropfens thermische Energie aus der
Tropfenfront aufnimmt.

Damit ist es moglich, eine zweidimensionale, strahlungs-hydrodynamische Simulati-
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Abbildung 4.6: Hlustration der Profile der Ionendichte n;, des lonisationsgrades, der
Elektronen- T, und Ionentemperatur 7; eines Wasserstofftropfens mit ei-
nem Durchmesser von 8 um zu einer Verzogerungszeit von At = 1 ps
und At = 10 ps. Die Berechnungen wurden mit dem im Rahmen dieser
Arbeit entwickelten, zweidimensionalen Strahlungs-Hydrodynamik-Code
[195] berechnet. Der Tropfen wird von oben mit einem Laser bestrahlt.
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on fiir ein Zwei-Temperaturensystem auf der Pikosekundenskale durchzufiihren. Diese
Simulationen werden im tibernéichsten Abschnitt dazu benutzt, um auf der Pikosekun-
denzeitskale die Entwicklung des Thomsonstreusignals zu berechnen.

4.3 Thomsonstreuung an laser-induzierten Wasserstofftropfen

An dieser Stelle werden die Dichte- und Temperaturprofile der PIC-Simulationen des
Abschnittes 4.1 dazu verwendet, um die Thomsonstreuspektren des betrachteten Was-
serstofftropfens zu berechnen. Dazu wurde die Gleichung (2.75) aus Abschnitt 2 mit einer

Instrumentenfunktion G =1 eV genutzt.
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Abbildung 4.7: Illustration des Thomsonstreuspektrums in Abhéngigkeit der Photonen-
energieverschiebung AFE fiir einen inhomogenen Wasserstofftropfen, der
in den Abbildungen 4.2 und 4.4 dargestellt ist. Gezeigt sind die Thomson-
streuspektren fiir verschiedene Ionentemperaturen und Verzogerungszei-
ten. Dabei ist links das gesamte Streuspektrum dargestellt, wohingegen
auf der rechte Seite das Thomsonstreusignal der freien Elektronen fiir
eine Ionentemperatur T; = T, vergrofert gezeigt ist.

In den Abbildungen 4.7 sind die gemittelten Thomsonstreuspektren des reduzierten
Gitters von 50 x 15 x 1 Zellen der Abbildung 4.4 unter der Annahme der Ionentempera-
tur T; = T, und T; = 0.1 - T, dargestellt. Dabei wurde eine Wellenlédnge des Probe-Lasers
von 13.5 nm verwendet, die durch den FLASH zur Verfiigung gestellt werden kann. Die
Daten wurden fiir einen Streuwinkel von 8 = 90° berechnet. Das Rayleighsignal wurde
hier mittels der Debye-Hiickel-N#herung (2.78) berechnet und zeigt, dass das Rayleighsi-
gnal stark von der Temperaturdifferenz zwischen Elektronen- und Ionensystem abhéngt.
Demnach steigt fiir sinkende Ionen-Elektronen-Temperaturdifferenzen das Rayleighsignal
stark an. Dieser Effekt ist auch in der Darstellung des Strukturfaktors .S;; mit Hilfe der
Debye-Hiickel-Theorie und mit Hilfe von Zwei-Temperaturen-HyperNetted-Chain (2TH-
NC) Rechnungen in Abbildung 4.8 zu sehen. Weiterhin beobachtet man einen Anstieg
des Rayleighsignals mit der Zeit, da das Volumen der ionisierten und warmen Front und
damit auch das Streuvolumen ansteigt.

Daneben ist in Abbildung 4.7 auch das Thomsonstreuspektrum der freien Elektronen
vergrofert dargestellt. Da die Ionentemperaturen auf dieses Spektrum keinen Einfluss
haben, wurde in dieser Grafik die Ionentemperaturabhéngigkeit nicht mit dargestellt. Es
ist zu beobachten, dass das Thomsonstreuspektrum der freien Elektronen fiir die betrach-
teten Verzogerungszeiten jeweils nur aus einem Plasmonenpaar besteht. Die Plasmapa-
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Abbildung 4.8: Darstellung des Strukturfaktors der Ionen S;; in Abhéngigkeit von der
Wellenzahl k fiir verschiedene Temperaturen und Elektronendichten und
der Ionendichte von n; = 5.1 - 10?2 cm™ in Debye-Hiickel-Naherung
(links). Rechts ist der Strukturfaktor S;; in Abhéngigkeit von der Wel-
lenzahl k fiir die Ionendichte n; = 10?* cm™ und den Ionisationsgrad
von Zy = 1 mit dem 2THNC-Programm mit Deutsch-Potential von R.
Bredow [127,199] berechnet worden. Im Einsatz der Grafik (links) ist der
Strukturfaktor fiir einen grofen Wellenzahlbereich dargestellt, wohinge-
gen die Grafik (links) den fiir diesen Versuchsaufbau relevanten Wellen-
zahlbereich auflost.

rameter konnen aus diesen Plasmonen nach der Methode, die in Abschnitt 2.2.4 mit den
Gleichungen (1.12) und (2.97) beschrieben wurde, extrahiert werden:

t=1251fs: |AE|=79¢V t =600 fs: |AE|=28.5¢eV
ne =4.9-10*" cm™3 ne =5.1-10%2 cm™3
T. =112 eV T, = 24.2 eV.

Demnach ist das am héufigsten vorkommende Plasma fiir beide Zeiten jeweils ein fast
vollstéandig ionisiertes Plasma, dessen Elektronentemperatur mit der Zeit zunimmt. Die
Elektronendichte nimmt aufgrund der Vergréfserung der vollsténdig ionisierten Front mit
der Zeit zu. Das kann in Abbildung 4.4 beobachtet werden und tragt somit zu spéteren
Zeiten starker als zu kleineren Zeiten zum Streuspektrum bei. Weiterhin ist zu bertick-
sichtigen, dass in Abbildung 4.7 die Intensitidt des Streusignals der freien Elektronen
zu spéateren Zeiten starker ist, da wie schon bei der Betrachtung des Rayleighsignals ein
grofseres Streuvolumen zu spéteren Zeiten zur Verfligung steht. Das ist auch aus dem An-
stieg des mittleren Ionisationsgrades des Tropfens Z,, ersichtlich. Damit konnte anhand
eines Thomsonstreuspektrums die Dynamik eines laser-induzierten Wasserstofftropfens
untersucht werden.

Die hier theoretisch ermittelten Plasmonenresonanzen im Thomsonstreuspektrum wur-
den im Pump-Probe-Experiment am FLASH nicht diagnostiziert, wodurch die hier ge-
wonnenen Ergebnisse nicht verifiziert werden koénnen. Der Grund fiir das Fehlen von
Plasmonenresonanzen im gemessenen Thomsonstreuspektrum ist bisher nicht geklart.
Eine Hypothese besteht im starken Verlust von freien Elektronen wihrend der Laser-
Materie-Wechselwirkung, wodurch ein Plasma mit einer kleinen Elektronendichte Plas-
monenresonanzen mit kleinen Energieverschiebungen liefern, die unter dem Rayleighsi-
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gnal liegen. Allerdings kénnte das Verhéltnis zwischen Rayleigh- und Plasmonensignal
im Thomsonstreuspektrum zu gering sein, um das Plasmonensignal durch die Detektoren
im Experiment auflosen zu konnen.

4.4 Bestimmung der Relaxationszeit

In vergangenen Experimenten am FLASH wurde die Dynamik des Streusignals eines
Wasserstofftropfens beobachtet. Hierbei wurden frequenzintegrierte Streusignale fiir ver-
schiedene Verzogerungszeiten aufgenommen. Da in diesen Experimenten keine inelasti-
schen Streusignale beobachtet wurden, wird sich hier ausschliefslich auf die Betrachtung
des Rayleighsignals beschrénkt. Dieses Signal wurde hier mit Hilfe des 2THNC-Codes
mit Deutsch-Potential von R. Bredow [127,199] erzeugt. Dazu wurden die Profile der
Abbildung 4.6 des oben vorgestellten Strahlungs-Hydrodynamik-Codes verwendet, um
aus allen Simulationszellen den Strukturfaktor der Ionen durch die 2THNC Rechnungen
zu ermitteln und aufzusummieren. Hierbei reicht es aus, den Strukturfaktor S;; zu berech-
nen, da fiir die kleinen Wellenzahlen k ~ 0.008 ag L und k ~ 0.034 ag ! fiir den Vorfaktor
in der Chihara-Formel (2.77) limg_,o |f + ¢q| = Z = 1 gilt (siche Abschnitt 2.2.2). Dabei
wurde die volle Gleichung (2.75) genutzt, womit auch die Absorption des eingestrahlten
Probe-Lasers und der gestreuten Strahlung beriicksichtigt wurde. Die Ergebnisse sind in
Abbildung 4.9 zu sehen.
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Abbildung 4.9: Darstellung des berechneten, gemittelten Strukturfaktors der Ionen des
gesamten Tropfenvolumens (2.75) V' (3o ne - - S)/V (links) und der
zugehorigen Messung [200] (rechts) in Abhéngigkeit der Verzogerungs-
zeit At zwischen Pump- und Probe-Laser fiir einen Streuwinkel 6 = 90°.
Hier sind Daten fiir zwei verschiedene Pulsdauern des optischen Lasers
trwam = 60, 600 fs gezeigt. Um die Abhéngigkeit der Dynamik des Struk-
turfaktors vom Koeffizienten fiir Warmetransport und Elektronen-Ionen-
Energieaustausch zu zeigen, wurde der Coulomblogarithmus im Wéarme-
transportkoeffizient (3.64) und im Ion-Elektron-Energieaustausch (3.81)
mit w, = 1,10 multipliziert.

Die Abbildung 4.9 zeigt sowohl das berechnete, als auch das experimentelle [200] zeit-
liche Verhalten des Rayleighsignals eines laser-induzierten Wasserstofftropfens. Im aus
den Daten des Abschnittes 4.2 berechneten Verhalten des Rayleighsignals ist das Aufhei-
zen des Tropfens im Anstieg des Signals zu beobachten, da der kalte Tropfen nur einen
geringen, nahezu konstanten Streubeitrag liefert. Das Aufheizen des Elektronensystems
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durch den Laser fiithrt zu einer grofen Differenz zwischen Elektronen- und Ionentempe-
ratur (siehe Abbildung 4.6), wodurch nur ein kleiner Strukturfaktor Sj;, wie in Abschnitt
4.3 bereits gezeigt, wihrend der Laserheizung beobachtet wird. Der in Abbildung 4.6
gezeigte Relaxationsprozess zwischen lonen- und Elektronentemperatur verringert die-
se Differenz, womit das Rayleighsignal ansteigt und sein Maximum beim Angleich der
Elektronen- und Ionentemperatur erreicht. Dieser Effekt des Anstiegs des Rayleighsi-
gnals fiir verschiedene Elektronen- und Ionentemperaturen kann in der Abbildung 4.8
tiberpriift werden. In Abbildung 4.8 ist das Rayleighsignal fiir verschiedene Elektronen-
und lonentemperaturen in Abhéngigkeit von der Wellenzahl k dargestellt. Demnach ist
fiir k& — 0 tatséchlich ein Maximum im Strukturfaktor der Ionen beim Angleich der
Elektronen- und Ionentemperatur zu sehen. Anhand der Berechnung der Dynamik des
Rayleighsignals fiir verschiedene Multiplikatoren w, in den Transportkoeffizienten fiir
Warmetransport und Elektronen-Ionen-Energieaustausch kann eine verschiedene Rela-
xationszeit zwischen Elektronen- und Ionensystem beobachtet werden. Demnach haben
diese Koeffizienten direkte Auswirkungen auf das Streusignal, wobei hier Relaxations-
zeiten zwischen 1 ps und &~ 10 ps zu beobachten sind. Fiir spéitere Verzogerungszeiten
At wird in Abbildung 4.9 in der Rechnung mit um w, = 10 modifizierten Transport-
eigenschaften ein konstantes Streusignal beobachtet, da sich der Effekt des Abkiihlens,
der eine Verringerung des Rayleighsignals erwirkt, und der Vergroferung des warmen
Streuvolumens ausgleichen. Dieses Verhalten ist auch bei der Rechnung mit w, = 1 zu
erwarten, bei der zu At = 10 ps gerade der Angleich der Temperaturen von Elektronen-
und Ionensystem vollzogen wurde. Rechnungen fiir gréfsere Verzdgerungszeiten miissen
in weiterfithrenden Arbeiten erfolgen. Damit ist zu erkennen, dass der Anstieg des Streu-
signals stark von den Transportkoeffizienten abhéngt.

Allerdings kann mit den in Abbildung 4.9 gezeigten Rechnungen weder das Abfallen des
Rayleighsignals noch das unterschiedliche Verhalten des Rayleighsignals fiir unterschied-
liche Pulsdauern erklért werden. Weitere hier nicht gezeigten experimentelle Daten, in
denen sich bei groferen Wasserstofftropfen von d = 18 um der Anstieg des Signals inner-
halb von 1 ps vollzieht, kann nicht mit der Temperaturrelaxation zwischen Elektronen-
und Ionensystem erklért werden, da diese nicht von der Tropfengrofe abhéngen sollte.
Die Messung von heifsen, austretenden Ionen mit Energien von einigen keV wihrend der
Laser-Materie-Wechselwirkung und das Fehlen von Plasmonenresonanzen im gemessenen
Thomsonstreuspektrum erhérten die Vermutung, dass der Tropfen, anders als im Ab-
schnitt 4.1 durch PIC-Simulationen berechnet, Ionen verliert. Unter dieser Vermutung
werden die Elektronen so stark beschleunigt, dass diese den Tropfen verlassen kénnen
und dadurch nur ein stark verdiinntes Plasma bilden, womit nur Plasmonenresonanzen
mit kleinen Energieverschiebungen beobachtet werden konnen, die durch das Rayleigh-
signal iiberdeckt werden. Weiterhin werden die stark beschleunigten Elektronen durch
Coulombanziehung lonen aus dem Plasma beschleunigen, die im Experiment gemessen
werden konnen. Damit wiirde der Anstieg ein Austreten der Elektronen aus dem Tropfen
beschreiben, wobei der Abfall den Wiedereinfang und die Rekombination der Elektro-
nen durch den Tropfen beschreibt. Diese Hypothese muss in weiterfithrenden Arbeiten
untersucht werden.
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5 Plasmadiagnostik von dichten Heliumtropfen

Als Vorschlag fiir ein mogliches Pump-Probe-Experiment am FLASH wurden Rechnun-
gen zu fliissigen Heliumtropfen durchgefiihrt [43]. Fiir die Realisierung solch eines Pump-
Probe-Experiments an Helium wird der PIC Code von T. Liseykina [40] verwendet, mit
dessen Ergebnissen im Abschnitt 5.2 die Thomsonstreuspektren berechnet werden. Um
mindestens eine einfache lonisation des Heliums, welches im Vergleich zu Wasserstoff ei-
ne hohere Ionisationsenergie besitzt, zu erreichen, wird zum Pumpen im Gegensatz zum
vorherigen Kapitel 4 eine um drei Grofenordnungen stérkere Laserintensitat genutzt. Da
Helium ebenfalls wie Wasserstoff ein sehr leichtes Element ist und Stofsionisationen nur
einen sehr geringen Einfluss auf Wasserstoff hatten, werden hier Stofsionisationen ver-
nachléssigt. Durchgefiihrte Rechnungen zu Pump-Probe-Experimenten an Helium, die
hier nicht gezeigt werden, unterstiitzen diese Vernachlidssigung.

Es werden im Folgenden Heliumtropfen mit einem Durchmesser von d = 6.4 pym und ei-
ner Anfangsdichte p = 0.145 g/cm® und -temperatur 7' = 4 K mit einem linear polarisier-
ten optischen Laser der Wellenlénge A = 800 nm, der Energie £ = 3.2 mJ, der Pulsdauer
trwim = 30 fs und dem Pulsfokus dpwinvg = 3 pm bestrahlt. Es ist zu beachten, dass die
Laserintensitiit von I ~ 10'® W /cm? drei Grofenordnungen oberhalb der Laserintensitiit
der Berechnungen des Pump-Probe-Experiments an Wasserstofftropfen in Kapitel 4 liegt.
Damit ist der Einfluss nicht-linearer Effekte der Laser-Plasma-Wechselwirkung grofser.

5.1 Ultrakurzzeitkinetik von laser-induzierten Heliumtropfen

Fiir die Darstellung der Pump-Phase des Pump-Probe-Experiments an Helium wird die
Laser-Materie-Wechselwirkung mittels PIC-Simulationen untersucht. Dazu wird eine Si-
mulationsbox mit den Abmessungen 8 x 8 x 8 um? betrachtet und in 500 x 500 x 500
Zellen aufgeteilt, die je 64 schwere Teilchen und bis zu 128 Elektronen enthalten. Es miis-
sen also etwa 5 Milliarden Teilchen simuliert werden. Diese Simulation wurde auf dem
JUROPA Supercomputer in Jiilich auf 512 Kernen realisiert. Mit dem PIC Code [40]
kénnen Zeiten von bis zu At = 440 fs nach Eintreffen des Laserpulsmaximums durchge-
flihrt werden, womit dann ein lokales thermisches Gleichgewicht gewéhrleistet und damit
die entsprechende Temperatur berechnet werden kann.

In den Abbildungen 5.1 sind die Profile des Ionisationsgrades des Tropfens im Schnitt
in der mittleren Ebene fiir die Zeiten At = 10 fs, At = 80 fs und At = 440 fs nach
Durchgang des Laserpulsmaximums dargestellt. Auf der linken Seite sind die Profile des
Ionisationsgrades im Schnitt entlang der Polarisationsebene des Pump-Lasers und auf der
rechten Seite die Profile des Ionisationsgrades im Schnitt entlang der Ebene senkrecht zur
Polarisationsebene aufgetragen. Zur Verdeutlichung dieser Ebenen sei auf die Abbildung
4.1, deren Achsen sich mit den Achsen der Abbildungen 5.1 und 5.2 decken, verwiesen. Die
Darstellungen zeigen das zeitliche Verhalten der Laser-Helium-Wechselwirkung bei einem
von oben eintreffenden Laser. Zur Zeit At = 10 fs ist eine ionisierte Tropfenfront mit einer
Elektronendichte n, = 2.2 - 10?2 cm™3 zu beobachten, die oberhalb der kritischen Dichte
des Lasers ne ~ 1.8 -10%? cm ™ liegt und somit undurchlissig fiir den Laser wird. Inner-
halb dieser Front, die durch die Skintiefe des Lasers | ~ ¢/wp . =~ 36 nm gegeben ist, wird
die gesamte Laserenergie absorbiert beziehungsweise reflektiert. Innerhalb dieser Schicht
resultiert die Absorption und damit die Aufheizung der Elektronen aus dem Prozess der
inversen Bremsstrahlung. Dennoch wird in der Laserpolarisationsebene ein fokussiertes
Eindringen in den Tropfen beobachtet. Das geschieht unter einem Winkelbereich, un-
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Abbildung 5.1: Profile des lonisationsgrades im Schnitt entlang der Laserpolarisations-
ebene (links) und im Schnitt der Ebene senkrecht zur Laserpolarisations-
ebene (rechts) im Zentrum des Laserfokuses zu den Zeiten a) At = 10 fs,
b) At = 80 fs und ¢) At = 440 fs nachdem das Laserpulsmaximum den
betrachteten Heliumtropfen bestrahlt. Der Laser bestrahlt den Tropfen
von oben. Z,, stellt den mittleren Ionisationsgrad des gesamten Ziels dar.
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ter dem radiale elektrische Felder an der Oberflache in der Polarisationsebene durch die
Mietheorie [201,202] vorhergesagt werden. Dieser Prozess einer getriebenen Plasmawelle
ins Tropfeninnere wurde in [88] untersucht, wobei hier vielmehr die Auswirkungen die-
ses Prozesses in den Thomsonstreuspektren betrachtet werden. Damit ermdglicht dieser
Effekt weitere Ionisationen im Inneren des Tropfens, was ansonsten nicht moglich wére.
Dariiber hinaus ist in Abbildung 5.1 festzustellen, dass im Bereich der eindringenden
Plasmawelle Ionen aus dem Tropfen herausgeschlagen werden. Der Grund dafiir liegt
in der starken Aufheizung des Plasmas und der damit resultierenden Oszillationen der
Elektronen um die Ionen. An der Oberflache kénnen diese Elektronen aus dem Tropfen
heraustreten und durch Coulombkréfte die Ionen mitreifen, was den Bruneleffekt oder
im Falle von nicht-linearen Oszillationen die j x B Heizung auszeichnet.
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Abbildung 5.2: Profile des Ionisationsgrades (links) und der Elektronentemperaturen
(rechts) im Schnitt entlang der Laserpolarisationsebene im Zentrum des
Laserfokuses zu den Zeiten a) At = 190 fs und b) At = 440 fs nach-
dem das Laserpulsmaximum den betrachteten Heliumtropfen von oben
bestrahlt. Z,, stellt den mittleren Ionisationsgrad des gesamten Tropfens
dar.
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Bei der dynamischen Betrachtung des Eindringens der Plasmawelle wird zur Zeit
At = 80 fs ein voranschreitendes Eindringen dieser Plasmawelle beobachtet. Da die
eindringende Plasmawelle durch den gesamten Tropfen propagiert und Feldionisationen
durchfiihren kann, hinterldsst diese Welle bei einer Zeit von At = 440 fs im Inneren
ein gleichméfig ionisiertes Plasma. Dabei ist das durch die Plasmawelle ionisierte Innere
weniger stark als die durch das Laserfeld ionisierte Front ionisiert. Das Voranschreiten
der Ionisation kann aus dem mittleren Ionisationsgrad Z,, abgelesen werden, der stetig
von 4% bis auf 25% ansteigt. Weiterhin ist anhand eines verdiinnten Plasmas an der
Plasmaoberflache eine Expansion des Tropfens zu beobachten, welche durch aus dem
Material entweichende Elektronen resultiert. Dieser Effekt ist das Resultat des Brunel-
effekts oder im Falle von nicht-linearen Oszillationen der j x B Autheizung. Damit wird
nach der Laser-Plasma-Wechselwirkung vom Laser ein 0.6-fach ionisiertes Heliumplasma
mit einer 1.3-fach ionisierten diinnen Tropfenfront hinterlassen.

In den Abbildungen 5.2 sind die Profile des Ionisationsgrades auf der linken Seite und
die Profile der Elektronentemperaturen auf der rechten Seite fiir die Zeiten At = 190 fs
und At = 440 fs gegeniibergestellt. Hierbei wurden ausschlieklich Zeiten von einigen
100 fs ausgewertet, um fiir die Extraktion der Elektronentemperaturen aus den kineti-
schen Energien der Elektronen ein lokales thermisches Gleichgewicht zu gewéhrleisten.
Demnach ist bei einer Zeit von At = 190 fs eine heifse Tropfenfront von bis zu 3000 eV zu
beobachten, deren Wéarme in das Innere des Tropfens transportiert wird. Das kann durch
warme Elektronen und Ionen realisiert werden, wobei das Innere des Plasmas dahingegen
mit maximal 500 eV kiihl ist. Bei der Betrachtung einer spéteren Zeit von 440 fs ist eine
Ausdehnung der heiften Tropfenfront ins Innere des Plasmas zu beobachten. Durch diesen
Wirmetransport kiihlt die Oberfliche auf maximal 1500 eV ab. Anhand der Ausdehnung
der aufgeheizten Front ist zu erkennen, das dieser Warmetransport in einer Zeit von 250 fs
eine Strecke von etwa 1 pum zuriicklegt und damit eine Geschwindigkeit von 0.013 ¢ be-
sitzt. Da in dieser Simulation ausschliefslich Feldionisationen berticksichtigt wurden, kann
keine weitere Ionisation im Bereich des Warmetransports beobachtet werden. Auch der in
dieser Arbeit implementierte Prozess der Stoflionisation zeigte hier keine Auswirkungen,
da zum einen die Elektronendichte sehr gering ist und zum anderen die oben abgeschétz-
te Elektronengeschwindigkeit mit 0.013 ¢ nur knapp oberhalb der Geschwindigkeit von
0.01 c liegt, um die Ionisationsenergie von 24.6 ¢V aufzubringen. Damit besitzt der Pro-
zess der Stofsionisation in diesem Beispiel nur eine geringe Bedeutung und wurde daher in
diesem Abschnitt nicht aufgefiihrt. Nach der Laser-Materie-Wechselwirkung kann somit
ein ionisiertes, warmes Tropfeninnere und eine ionisierte, heifse Tropfenfront beobachtet
werden.

5.2 Thomsonstreuung an laser-induzierten Heliumtropfen

Im Abschnitt 5.1 wurde die Laser-Materie-Wechselwirkung zwischen einem intensiven
Laserfeld und einem Heliumtropfen untersucht. Da die betrachtete Laserintensitdt von
I ~ 10" W /cm? vorliegt, ist es nicht sinnvoll dieses Experiment mit einem Strahlungs-
Hydrodynamik-Code zu simulieren. Daher werden die Ergebnisse der Abschnittes 5.1,
die mittels PIC-Simulationen gewonnen wurden, in diesem Abschnitt fiir die Berechnung
der entsprechenden Thomsonstreusignale benutzt. Um den Rechenaufwand zu begrenzen,
wird das Simulationsgitter auf 50 x 50 x 50 Simulationszellen, wie es bei der Berechnung
der Elektronentemperaturen genutzt wurde, begrenzt. Innerhalb dieser Simulationszellen
wird das Plasma als homogen betrachtet, woraus damit aus jeder Zelle das Thomson-
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streusignal berechnet werden kann. Dazu wird die Thomsonstreuung eines Probe-Laser
mit einer Wellenldnge von 13.5 nm, wie es der FLASH zur Verfiigung stellen kann, unter
einem Winkel von 6 = 20° und 6 = 90° untersucht.

In den Abbildungen 5.3 sind die Thomsonstreuspektren des Heliumtropfens gegen die
Laserenergieverschiebung AFE aufgetragen. Diese Thomsonstreusignale charakterisieren
das gewichtete Mittel der Thomsonstreusignale aller Simulationszellen iiber die Glei-
chung (2.75) mit einer Instrumentenfunktion Gy = 1 €V. Dabei sind die Ergeb-
nisse fiir einen Heliumtropfen nach einer Verzogerungszeit zwischen Pump- und Probe-
Laserpulsmaximum von 190 fs und 440 fs fiir die Streuung unter einem Winkel von 20°
und 90° dargestellt. Die verschiedenen Darstellungen losen jeweils das Rayleighsignal, die
nicht-kollektive, inelastische Thomsonstreuung an freien Elektronen und das kollektive,
inelastische Streusignal an freien Elektronen auf.
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Abbildung 5.3: Darstellung der Thomsonstreuspektren des inhomogenen Heliumtropfens
in Abhéngigkeit von der Laserenergieverschiebung AF fiir verschiede-
ne Verzogerungszeiten und verschiedene Winkel fiir eine Laserwellenléan-
ge von 13.5 nm. Die Ergebnisse sind hier in drei verschiedenen Auflo-
sungen zur Darstellung (a) des gesamten Thomsonstreuspektrums, (b)
der Rayleighsignale und (c) der kollektiven Thomsonstreuung an frei-
en Elektronen illustriert. In der Abbildung (c) ist zu Vergleichszwecken
das Thomsonstreuspektrum eines homogenen Plasmas mit den extrahier-
ten Plasmaparametern aus der Thomsonstreuung am gesamten Tropfen
dargestellt.

Bei der Darstellung des Thomsonstreuspektrums der Abbildungen 5.3 a) ist zu erken-
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nen, dass das Rayleighsignal um etwa einen Faktor 30 grofer als das Thomsonstreusignal
an freien Elektronen ist. Es wurde in diesen Rechnungen T, = T; angenommen, wobei die-
se Annahme, wie aus Abschnitt 4.3 abgeleitet werden kann, bei den Verzogerungszeiten
von maximal At = 0.5 ps nicht realistisch ist. Daher ist bei einem Nicht-Gleichgewicht
zwischen Elektronen- und lonentemperatur ein weniger stark ausgeprigtes Rayleighsi-
gnal zu erwarten, wie es in der Abbildung 5.4 gezeigt ist. Hier wurde der Strukturfaktor
der Tonen Sj; mit der Debye-Hiickel-Naherung (2.78) berechnet, wobei bei den gegebenen
Parametern die Wellenzahlen k(8 = 20°) a2 0.0086 ag' und k(6 = 90°) ~ 0.035 a5’ gegen
0 gehen und damit |g(k) + f(k)|*> — Z?2 gilt [17] (siehe Abschnitt 2.2.2). Diese Niherung
ist fiir spezielle Beispiele in der Abbildung 5.4 gezeigt. Dort ist auch zu sehen, dass fiir
kleine k der Strukturfaktor Sy nahezu konstant ist und nur einen geringen Einfluss auf
das Rayleighsignal unter den verschiedenen Streuwinkeln besitzt. Aufserdem ist auch ein
Unterschied der Rayleighsignale in den verschiedenen Verzogerungszeiten zu erkennen,
auf den der mittlere Ionisationsgrad Z,, zurtickgefiihrt werden kann, der von 16% bei
einer Verzogerungszeit von 190 fs auf 25% bei einer Verzogerungszeit von 440 fs steigt.
Dieser Anstieg resultiert aus dem Voranschreiten der Ionisationen im Tropfeninneren,
wodurch ein grofseres Streuvolumen entsteht, das einen Anstieg des Strukturfaktors Sy
zur Folge hat.
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Abbildung 5.4: Illustration des Strukturfaktors der Ionen Sj berechnet in der Debye-
Hiickel-Theorie in Abhéngigkeit der Wellenzahl k = k; — k fiir verschie-
dene Plasmaparameter. Die griinen gestrichelten Linien markieren die
Wellenzahlen des Experimentieraufbaus.

Weiterhin sind in der Abbildung 5.3 a) die Thomsonstreuspektren der freien Elek-
tronen zu sehen. Bei der Thomsonstreuung unter 90° ist ausschlieflich nicht-kollektive,
inelastische Streuung zu beobachten, die keine Verschiebung in der Energie aufgrund der
kleinen Comptonverschiebung (1.10) von maximal 0.03 eV aufweist. In der Abbildung 5.3
c) sind die kollektiven Thomsonstreusignale der freien Elektronen vergrofert dargestellt.
Es ist zu bemerken, dass fiir die Streuung unter 90° keine kollektive Thomsonstreuung zu
erkennen ist, wohingegen fiir 20° Plasmonen aufgelost werden kénnen und somit kollekti-
ve Thomsonstreuung beobachtet werden kann. Hier ist fiir jeweils eine Verzogerungszeit
nur ein Plasmonenpaar zu erkennen, aus welchem folgende Plasmaparameter extrahiert
werden konnen:
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t =190 fs: |AE|=4.25¢V t =440 fs: |AE|=4.6 eV
ne =1.3-10*2 cm ™3 ne =1.4-10*2 cm™3
T, =75¢eV T, = 260 eV.

Aus dem Auftreten nur eines Plasmonenpaars je Verzogerungszeit ist auf ein Plasma zu
schliefsen, welches vorwiegend aus diesen Plasmaparametern zusammengesetzt ist und
somit stark homogen ist. Zur Verdeutlichung der Inhomogenitét des betrachteten Plas-
mas sind in der Abbildung 5.3 ¢) die Thomsonstreusignale eines homogenen Plasmas mit
den obigen Plasmaparametern dargestellt, wobei diese auf die zugehdrigen inhomogenen
Streusignale normiert wurden. Anhand dieser Modellplasmen ist zu erkennen, dass das
Thomsonstreusignal des Heliumtropfens im Vergleich zu den Modellplasmen verbreitert
ist und speziell fiir kleine Energieverschiebungen wesentlich grofsere Beitrage zum Thom-
sonstreusignal liefert. Damit sind insbesondere Plasmen mit kleinerer Dichte und somit
kleinen Energieverschiebungen in dem inhomogenen Thomsonstreusignal enthalten, wer-
den allerdings vom Rayleighsignal {iberlagert.

Bei der Betrachtung der Plasmonenpaare und der zugehorigen Plasmaparameter ist
zu erkennen, dass bei einer Verzogerungszeit von 190 fs das am h&ufigsten im Tropfen
anzutreffende Plasma die Elektronendichte n, = 1.3 - 10?2 cm ™ und die -temperatur
T. = 75 eV besitzt. Dieses Plasma verschiebt sich mit der Zeit zu einem Plasma hoherer
Elektronendichte von n, = 1.4-10%2 cm—3, da sich das ionisierte Innere des Heliumtropfens
nach den Abbildungen 5.2 mit der Zeit ausdehnt. Anhand dieser Abbildung ist auch
zu sehen, dass die Elektronentemperatur in einem grofsen Teil des Tropfens zunimmt,
wodurch auch die Elektronentemperatur des héufigste Plasmas auf T, = 260 eV steigt.
Damit kann das zeitliche Verhalten eines laser-induzierten Heliumtropfens anhand des
Thomsonstreuspektrums beobachtet und untersucht werden.

Fiir eine weitere Auswertung des Streusignals in Abhéngigkeit der Temperatur, wie
sie in Kapitel 4 im Abschnitt 4.4 gemacht wurde, wurde fiir Helium nicht durchgefiihrt,
da das experimentelle Zeitverhalten des Rayleighsignals fiir Wasserstoff noch nicht ge-
klart wurde. Wenn dieses experimentelle Zeitverhalten verstanden ist, konnen analoge
Rechnungen auch fiir Helium durchgefiihrt werden, wobei aufgrund der hier verwendeten
hohen Laserintensitét fiir die Beschreibung der Laser-Plasma-Wechselwirkung nicht aus-
schliefslich auf strahlungs-hydrodynamische Simulationen zuriickgegriffen werden kann.
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6 Plasmadiagnostik von dichten Kohlenstofffolien

In der Vergangenheit wurden Pump-Probe-Thomsonstreuexperimente am LCLS an Koh-
lenstofffolien durchgefiihrt, die &hnlich dazu auch fiir Experimente am FLASH vorgeschla-
gen wurden. Diese Experimente betrachten somit Pump-Probe-Experimente an einem
Element, das schwerer als die zuvor betrachteten Elemente Wasserstoff und Helium ist.
Daher kénnten Stofionisationseffekte interessant werden. Dazu werden im Abschnitt 6.1
Vergleiche zwischen PIC Simulationen mit und ohne Beriicksichtigung von Stofsionisatio-
nen mit Hilfe des PIC-Codes VLPL3D [39] durchgefiihrt. Im Abschnitt 6.2 werden die
dazugehorigen Thomsonstreuspektren berechnet.

Im Folgenden wird ein Pump-Probe-Experiment betrachtet, in dem die Kohlenstofffolie
der Dicke d = 0.25 zm mit der Anfangsdichte p = 2.26 g/cm? und -temperatur 7' = 300 K
mit einem linear polarisierten, optischen Laser der Wellenlénge A = 800 nm, der Energie
FE = 20 mJ, der Pulsdauer tpwpuy = 100 fs und mit dem Strahldurchmesser dpwpym =
16 pum bestrahlt wird. Anschliefend wird das entstandene Kohlenstoffplasma mit Hilfe
eines Lasers der Wellenldnge von 4.1 nm, die der FLASH zur Verfiigung stellen kann,
untersucht.

6.1 Ultrakurzzeitkinetik von laser-induzierten Kohlenstofffolien

In diesem Abschnitt wird mit Hilfe von PIC-Simulationen die Laser-Materie-Wechselwir-
kung der Kohlenstofffolie mit dem Pump-Laser untersucht. Deshalb wird diese Wechsel-
wirkung nur bis zu 400 fs nach dem Laserpulsmaximum betrachtet. Innerhalb dieser Zeit
ist die Wechselwirkung zwischen dem Laser und der Kohlenstofffolie abgeschlossen und
es kommt nur noch zur hydrodynamischen Expansion und Rekombination auf Zeitskalen
ab einigen Pikosekunden. Fiir die zu betrachtende Simulation wird eine Simulationsbox
der Grofe 2.4 x 32 x 32 ym? betrachtet, die in 120 x 1120 x 1120 Gitterzellen mit je 16
schweren Teilchen und bis zu 96 Elektronen unterteilt ist und insgesamt etwa 250 Mil-
lionen Teilchen beschreibt. Diese Simulation wurde auf dem JUROPA Supercomputer in
Jiilich auf 512 Kernen realisiert.

In den Abbildungen 6.1 wird das zweidimensionale Profil des Verhéltnisses zwischen
Elektronen- und Ionendichte der Folie im Schnitt entlang der Laserpolarisationsebene fiir
die Verzogerungszeiten At = —50 fs, At = 100 fs, At = 250 fs und At = 370 fs zwischen
Aufnahme der Profile und dem Laserpulsmaximum dargestellt. Diese drei Zeiten sind
ausgewahlt worden, da sie die Phase vor der Heizung durch das Laserpulsmaximum mit
At = —50 fs, die Phase am Ende der Lasereinstrahlung bei At = 100 fs und die Phase
etwa 100 fs nach Ende des Laserpulses bei At = 250 fs darstellen. Auf der linken Seite der
Abbildungen 6.1 sind die Ergebnisse fiir das Profil des Verhéltnisses zwischen Elektronen-
und Ionendichte ohne Beriicksichtigung der Stofiionisationen und auf der rechten Seite mit
Beriicksichtigung der Stofionisationen aufgefiihrt. Bei einer Zeit von At = 350 fs wurde
ausschlieflich die Simulation ohne Beriicksichtigung von Stofionisationen simuliert, um
flir diese Zeit zu zeigen, dass sich fiir mehrere 100 fs nach Durchgang des Laserpulses das
Verhéltnis zwischen Elektronen- und Ionendichte nicht gravierend dndert. Daher ist der
Aufwand aufgrund der héheren Rechendauer fiir die Simulation dieses Szenarios unter
Berticksichtigung von Stoffionisationen nicht gerechtfertigt.

Bei der Betrachtung der Simulationen ohne Beriicksichtigung der Stofionisationen in
der Abbildungen 6.1 kann das dynamische Verhalten der Kohlenstofffolie unter dem Ein-
fluss eines intensiven Lasers der Intensitit ~ 10" W /cm? beobachtet werden. Demnach
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Abbildung 6.1: Profile des Verhéltnisses zwischen Elektronen- und Ionendichte einer Koh-
lenstofffolie im Schnitt entlang der Laserpolarisationsebene zu einer Ver-
zogerungszeit von a) At = —50 fs, b) At = 100 fs, ¢) At = 250 fs und
d) At = 350 fs. Der Laser bestrahlt die Folie von oben. Verglichen sind
PIC-Simulationen ohne Beriicksichtigung (links) und mit Berticksichti-
gung (rechts) von Stofionisationen. Z,, stellt den mittleren Ionisations-
grad des gesamten Ziels dar.
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beeinflufst der Laserpuls bereits mit der ansteigenden Intensitéatsflanke die Folie und
ionisiert das Material einfach. Aufgrund des Fehlens der Laserabsorption durch Feldio-
nisationen im VLPL3D Code ist eine gleichméfige einfache Ionisation des Plasmas zu
beobachten, hat aber keinen grofteren Einfluss auf die restlichen Resultate. Damit steigt
die freie Elektronendichte der Kohlenstofffolie von 0 cm™ auf etwa 10?3 cm™ an und
wird damit optisch dicht, da die kritische Dichte ne &~ 1.74 - 102! cm™2 des verwende-
ten Lasers wesentlich kleiner als die Elektronendichte der Kohlenstofffolie ist. Dadurch
wird der grofite Teil der Strahlung des einkommenden Lasers innerhalb der Skintiefe
ls = ¢/wple = 20 nm durch den Prozess der inversen Bremsstrahlung absorbiert, wo-
durch die Elektronen an Temperatur gewinnen. Der restliche Teil der Strahlung wird
reflektiert oder gestreut. Damit ist die Laser-Materie-Wechselwirkung auf den Bereich
der Skintiefe beschréinkt. Diese Vorhersage ist in den Abbildung 6.1 der linken Seite ohne
Beriicksichtigung von Stofionisation zu beobachten. Dort ist zu erkennen, dass das Ma-
terial ausschlieflich an der Oberflache der Folie stéarker als einfach ionisiert wird. Die frei
gesetzten Elektronen werden durch den Effekt der inversen Bremsstrahlung beschleunigt
und konnen in das Innere der Materie vordringen. Das ist an dem erhéhten Verhéltnis
zwischen Elektronen- und Ionendichte im Inneren der Folie zu erkennen, welches sich erst
nach einer Zeit von etwa 100 fs nach Durchgang des Laserpulsmaximums ausbildet. Diese
kennzeichnet nicht eine erhohte Ionisation im Bereich von zwei, sondern charakterisiert
eine erhdhte Zahl von beschleunigten Elektronen, die aus der aufgeheizten Front ins In-
nere der Materie vordringen kénnen. Aufgrund des Fehlens der Stofionisation kénnen
diese beschleunigten Elektronen ihre Energie nicht durch Ionisationsprozesse abgeben
und konnen somit kein ausgedehntes Plasma erzeugen. Das kann auch am nur langsam
ansteigenden mittleren Ionisationsgrad der gesamten Folie Z,, beobachtet werden. Des-
halb ist nach dem Durchgang des Laserpulses bei At = 100 fs keine Steigerung dieses
Parameters zu erkennen, da die Oberflache nicht weiter durch den Laser ionisiert wird
und das Innere der Folie nicht durch Stoflionisationen beeinflufft werden kann.

Wenn im Gegensatz dazu die rechte Seite der Abbildungen 6.1 betrachtet wird, ist
ein starker Unterschied im Profil des Verhéltnisses zwischen Elektronen- und Ionendichte
und somit auch im mittleren Ionisationsgrad Z,,, zwischen den PIC-Simulationen mit und
ohne Beriicksichtigung der Stofionisationen zu beobachten. Bei Zeiten von At = —50 fs
vor Eintreffen des Laserpulsmaximums ist im Vergleich zu Simulationen ohne Berticksich-
tigung der Stofionisationen bereits eine deutlich ausgedehntere Oberfliche mit héherer
Ionisation zu beobachten. Dieser Effekt wird deutlicher, wenn der Laser bei Zeiten von
At = 100 fs bereits eine grofe Anzahl von Elektronen beschleunigt hat, die bereits ins
Innere des Plasmas vorgedrungen sind. Dann kénnen auch im Inneren der Kohlenstofffo-
lie Ionisationen auftreten, was durch das wesentlich gréfsere Verhéltnis zwischen lonen-
und Elektronendichte zu beobachten ist. Dieser Prozess setzt sich zu spéteren Zeiten
fort, wobei die Elektronen durch die Stofsionisationsprozesse ihre kinetische Energie ver-
lieren und dann keine weiteren lonisationsprozesse ausfithren konnen. Deshalb kommen
diese Tonisationsprozesse bei spiteren Zeiten zum Erliegen und die Dynamik beschrankt
sich dann wie bei den Simulationen ohne Beriicksichtigung von Stofiionisationen auf die
hydrodynamische Expansion und Rekombination, wodurch in den Zeitskalen von eini-
gen 100 fs kaum eine Anderung der Plasmaparameter zu beobachten ist. Wenn man
den mittleren lonisationsgrad der Folie Z,, betrachtet, ist sofort zu erkennen, dass im
Gegensatz zu den Simulationen ohne Beriicksichtigung von Stoffionisationen unter Be-
riicksichtigung von Stofsionisationen eine wesentlich groftere Ionisation des Plasmas zu
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Abbildung 6.2: Profile der Elektronentemperatur im Schnitt entlang der Laserpolari-
sationsebene zu einer Verzogerungszeit von a) At = 100 fs und b)
At = 350 fs. Der Laser bestrahlt die Folie von oben. Verglichen sind
PIC-Simulationen ohne Beriicksichtigung (links) und mit Berticksichti-
gung (rechts) von Stofsionisationen.

erwarten ist. Dabei setzt der Einfluss der Stofsionisationen erst zwischen —50 fs und
100 fs in der Verzogerungszeit ein, da erst danach der mittlere Ionisationsgrad der Folie
Zm stark ansteigt. Dann kann ein bis zu 65% groferer mittlerer Ionisationsgrad bei den
Simulationen unter Beriicksichtigung der Stoffionisationen beobachtet werden.

Fiir die Betrachtung der kinetischen Energien der Elektronen sind in den Abbildun-
gen 6.2 die zweidimensionalen Profile der Elektronentemperaturen der Kohlenstofffolie im
Schnitt entlang der Polarisationsebene fiir die Verzogerungszeit von At = 100 fs zwischen
Aufnahme der Profile und Laserpulsmaximum aufgetragen. Diese wurden auf einem re-
duzierten Gitter mit 16 x 50 x 50 Zellen berechnet. Aufgrund der enormen Datenmenge
der kinetischen Energien aller 16 x 800 x 800 x 64 Elektronen, ist die Speicherung dieser
Daten sehr aufwendig. Deshalb ist ausschlielich fiir eine Zeit der Vergleich zwischen den
Simulationen unter Beriicksichtigung und ohne Beriicksichtigung der Stofionisationen
dargestellt. Fiir spétere Zeiten ist, wie oben bereits erwahnt, der Rechenaufwand unter
Beriicksichtigung der Stofionisationen nicht gerechtfertigt.

Auf der linken Seite der Abbildungen 6.2 ist die Elektronentemperatur ohne Beriick-
sichtigung der Stofionisationen fiir zwei Zeiten aufgetragen. Fiir kurze Zeiten ist ein
gaukformiges Profil mit einer “Full Width at Half Maximum” (FWHM) von etwa ~ 6 pm
zu beobachten, was das Gaufiprofil des eingestrahlten Lasers widerspiegelt. Weiterhin ist
zu sehen, dass die Elektronentemperatur auf der Laserachse auf der gesamten Dicke der
Folie konstant ist. Dieser Effekt ist daraus begriindet, dass die Elektronen an der Ober-
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fliche der Folie durch den Prozess der inversen Bremsstrahlung kinetische Energie aus
dem Laserfeld aufnehmen und aufgeheizt werden. Diese beschleunigten Elektronen bewe-
gen sich ins Innere der Materie, wodurch auch im Inneren hohe Elektronentemperaturen
von bis zu 55 eV entstehen konnen. Wenn die Dynamik der Elektronentemperaturen
in der Abbildung 6.2 betrachtet wird, wird ein starker Abfall von maximal 55 eV bei
At = 100 fs auf maximal 25 eV bei At = 350 fs beobachtet. Der Grund dafiir ist die
elektromagnetische Wechselwirkung mit den Ionen, wodurch die Elektronen Energie an
diese abgeben.
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Abbildung 6.3: Darstellung der Wahrscheinlichkeitsdichte in Abhéngigkeit der kineti-
schen Energie der Elektronen fiir die Verzdgerungszeiten At = 100 fs
und At = 350 fs zwischen Aufnahme der Energien und Laserpulsmaxi-
mum in der Simulationszelle bei x = 22 pym und y = 0.36 pgm in den
Abbildungen 6.2. Dabei ist die Wahrscheinlichkeitsdichte der Simulatio-
nen (gestrichelte Kurve) und die entsprechende Anpassung durch eine
Maxwell-Boltzmannverteilung (durchgezogenen Kurve) dargestellt, an-
hand derer die Elektronentemperatur berechnet werden. Zur Ubersicht
sind die Ionisationsenergie der ersten vier Ionisationsstufen von Kohlen-
stoff eingezeichnet (punkt-gestrichelte Linie).

Im Vergleich zu den Simulationen unter Berticksichtigung der Stofionisationen ist bei
den Simulationen ohne Beriicksichtigung der Stofsionisationen eine wesentlich grofiere
Elektronentemperatur zu beobachten. Das ist zu verstehen, wenn man den Stofsionisati-
onsprozess betrachtet. Aufgrund der Ionisation von gebundenen Elektronen miissen die
freien Elektronen die Bindungsenergie dieser gebundenen Elektronen aufbringen. Das
erfolgt durch den Verlust von kinetischer Energie der freien Elektronen. Daher werden
die Elektronen zum einen entschleunigt und zum anderen kénnen sie dadurch auch ihre
Temperatur verlieren, was in Abbildung 6.3 zu sehen ist und im néchsten Absatz erlau-
tert wird. Aus diesem Grund ist auch die Temperatur an der Oberflache lokalisiert, da
hier die aufgeheizten Elektronen aufgrund ihrer kinetischen Energie unterhalb der loni-
sationsenergie der s-Schalen Elektronen des Kohlenstoffs ihre Energie nicht durch Stofe
abgeben kénnen. Dahingegen konnten die aufgeheizten Elektronen das Innere weiter io-
nisieren, wodurch diese ihre kinetische Energie und somit auch ihre Temperatur abgeben
konnten.
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In Abbildung 6.3 sind fiir die drei Temperaturprofile der Abbildung 6.2 in einer cha-
rakteristischen Simulationszelle mit den Koordinaten x = 0.36 gm und y = 22 pm die
Energieverteilung der Elektronen, die sich aus der Simulation ergeben, und die Anpas-
sung der Maxwell-Boltzmannverteilung dargestellt. Dabei ist die Breite und das Ma-
ximum der Maxwell-Boltzmannverteilung von der Elektronentemperatur abhéngig und
kann daher daraus extrahiert werden. In den Abbildung 6.3 ist zu beobachten, dass die
Elektronentemperaturen bei der Simulation unter Beriicksichtigung der Stofionisationen
am geringsten ist. Zudem ist eine Elektronentemperaturabnahme mit zunehmender Ver-
zogerungszeit At zu sehen. Das deckt sich mit den Beobachtungen der Abbildung 6.2.
Die Griinde dieses Verhaltens wurden bereits in den vorherigen Absétzen erlautert.

Weiterhin ist in der Abbildung 6.2 zu sehen, dass die Abweichung zwischen Maxwell-
Boltzmannverteilung und Energieverteilungen unter Beriicksichtigung der Stofionisatio-
nen eine groke Abweichung vorhanden ist. Diese Abweichung ist bei den Simulationen
ohne Beriticksichtigung der Stoffionisationen eher gering. Daher kann in diesem Fall von
einem Plasma im Gleichgewicht gesprochen werden. Die Abweichung fiir den Fall mit Be-
riicksichtigung der Stofionisationen kann durch den Prozess der Stoftionisationen selbst
verstanden werden. Aufgrund von Stofsionisationen verlieren die Elektronen ihre kineti-
sche Energie durch lonisationsenergie. Dieser Effekt ist nach Kapitel 3 ein statistischer
Effekt, so dass nicht alle Elektronen mit Sicherheit ihre Energie verlieren kénnen. Damit
kénnen nur Elektronen mit einer kinetischen Energie oberhalb der minimalen lonisati-
onsenergie von Kohlenstoff 11.26 eV ihre Energie verlieren. Deshalb ist eine Verschiebung
des Maximums der Energieverteilung der Elektronen zu Energien unterhalb der Ionisa-
tionsenergie von 11.26 eV zu beobachten. Dadurch wird das System zum einen kélter,
zum anderen entsteht durch den nicht vollstdndigen Verlust von kinetischer Energie ein
Nicht-Gleichgewicht, da das Energiespektrum der Elektronen nicht durch eine Maxwell-
Boltzmannverteilung gegeben ist.

Damit konnte das Verhalten von Kohlenstoff unter Einstrahlung eines starken Laserfel-
des untersucht und dariiber hinaus der Einfluss von Stoftionisationen verstanden werden.

6.2 Thomsonstreuung an laser-induzierten Kohlenstofffolien

In diesem Abschnitt wird aus den Dichte- und Temperaturprofilen des reduzierten Gitters
von 16 x 50 x 50, die im vorherigen Abschnitt aus PIC-Simulationen simuliert wurden, die
nach der Gleichung (2.75) gewichteten Thomsonstreuspektren der gesamten Kohlenstoft-
folie berechnet. Dazu wird fiir den Probe-Laser eine am FLASH mdgliche Wellenlédnge
von 4.1 nm angenommen. Um fiir den Dichtebereich von Kohlenstoff n, > 10?* W /cm?
eine nach Gleichung (1.11) kollektive Streuung zu beobachten, wird das Streuspektrum
unter einem Winkel von 6 = 160° betrachtet.

In Abbildung 6.4 sind die berechneten Spektren der gesamten Folie fiir die Verzoge-
rungszeiten zwischen Durchgang des Laserpulsmaximums und Aufnahme der Spektren
von At = 100 fs und At = 350 fs dargestellt. Diese Spektren wurden ohne Berticksich-
tigung von Stofsionisationen und fiir At = 100 fs mit Beriicksichtigung der Stofsionisa-
tionen berechnet. Es ist hier sowohl die Rayleighstreuung als auch die Thomsonstreuung
zu beobachten. Dariiber hinaus ist im Gegensatz zu den Spektren von Wasserstoff und
Helium auch Ramanstreuung zu sehen, da bei Kohlenstoff geringere lonisationsenergi-
en und hohere Elektronendichten vorhanden sind. Im Gegensatz zu dem Spektrum ohne
Beriicksichtigung von Stofionisationen bei At = 100 fs sollte aufgrund des héher ionisier-
ten Plasmas bei Beriicksichtigung von Stofionisationen eine Anregung hdherer Ionisati-
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Abbildung 6.4: Darstellung der Thomsonstreuspektren einer Kohlenstofffolie bei Verzo-
gerungszeiten von At = 100 fs und At = 350 fs mit und ohne Beriicksich-
tigung von Stofionisationen. Es sind in a) die drei Streuprozesse der kol-
lektiven Thomsonstreuung, der Rayleighstreuung und der Ramanstreu-
ung zu beobachten. In b) ist der Anteil der kollektiven Thomsonstreuung
und in c) ist der nicht von der Ramanstreuung iiberlagerte Teil der kol-
lektiven Thomsonstreuung vergrofsert dargestellt. Zum besseren Vergleich
wurde in ¢) das Signal unter Beriicksichtigung von StoRionisationen auf
der rechten Seite mit dem Faktor 20 multipliziert, da dieser aufgrund der
geringen Temperaturen schwécher als ohne Berticksichtigung der Stofio-
nisationen ausfallt.

onsstufen zu erkennen sein. Allerdings ist aufgrund der Dominanz der Ramanstreuung
des einfach ionisierten Kohlenstoffs (I,(C*) = 30.88) die Ramanstreuung an zweifach
(I,(C?**) = 47.89) und dreifach ionisiertem Kohlenstoff I,(C3T) = 67.49 eV im Gesamt-
spektrum nicht zu sehen. Fiir die Beobachtung der Ramanstreuung von vierfach gelade-
nen Kohlenstoffionen mit der Ionisationsenergie I,(C*") = 392.09 eV ist der gewihlte
Laser aufgrund der Photonenenergie von 300.5 €V, die unterhalb der Ionisationsenergie
I,(C*") liegt, nicht geeignet und kann in den Abbildungen 6.4 nicht beobachtet werden.

Es sollte zu erkennen sein, dass ohne Beriicksichtigung der Stofsionisationen nur ein aus-
geprigtes Plasmonenpaar ansonsten ein Plasmonenpaar mit einer Schulter bei grofseren
Energieverschiebungen zu beobachten ist. Das ist zuriickzufiihren auf die erhéhte Ionisa-
tion im Laserortsfokus bei der Simulation unter Beriicksichtigung der Stofionisationen.



6.2 Thomsonstreuung an laser-induzierten Kohlenstofffolien 103

In der Grafik 6.4 b) ist allerdings nur eine verbreiterte Flanke des kollektiven Thomson-
streusignals, welches von der Ramanstreuung an den Atomen mit einer lonisationsenergie
von 11.26 eV iiberlagert ist, unter Beriicksichtigung von Stofsionisationen zu beobachten.
Insbesondere ist das im Vergleich zu den Thomsonstreusignalen ohne Berticksichtigung
der Stofionisationen erkennbar. Aufbauend auf diesem Resultat ist in Abbildung 6.4 c)
die kollektive Thomsonstreuung fiir positive Energieverschiebungen dargestellt. Hier ist
das kollektive Thomsonstreusignal nicht von der Ramanstreuung tiberlagert und es kann
im Gegensatz zu den Spektren ohne Berticksichtigung der Stofionisationen im Spektrum
unter Beriicksichtigung der Stofionisationen eine Schulter des Plasmonensignals zu gro-
feren Energieverschiebungen hin beobachtet werden, die durch weitere Plasmonenpaare
verursacht werden. Aus zwei von diesen Plasmonenpaaren werden die Plasmaparameter

ohne StoRionisationen

t =100 fs: |AE|=14.7 eV t =350 fs: |AE|=15.0 eV
ne = 1.36 - 10 ¢cm ™3 Nne = 1.49 - 10% ¢cm—3
T, =133 eV T. =9.25 eV

mit Stolionisationen

t =100 fs: |AE|=1347¢V |AE| =19.6 eV
ne =1.22-10% ¢cm ™3 Ne = 2.67-10% cm ™3
T, =6.8¢eV T. =8.0¢eV

des Elektronensystems extrahiert. Aus diesen Parametern ist eindeutig abzulesen, dass
im Vergleich zu Berechnungen ohne Beriicksichtigung von Stofionisationen eine héhere
Elektronendichte und eine geringere Elektronentemperatur zu beobachten ist. Weiterhin
ist bei der zeitlichen Entwicklung der Spektren ohne Beriicksichtigung von Stofsionisa-
tionen ein Abfall in der Elektronentemperatur und ein Anstieg in der Elektronendichte
zu beobachten. Das ist auf ein Abkiihlen des Plasmas und eine Ausbreitung des ioni-
sierten Bereichs zuriickzufiihren, womit ein gréfseres Streuvolumen zur Verfiigung steht.
Es muss hier erwdhnt werden, dass speziell die kollektiven Thomsonstreusignale bei po-
sitiven Energieverschiebungen im Experiment nicht aufgelost werden konnen, da diese
Signale durch experimentelles Rauschen (sieche Abbildung 1.8) iiberlagert werden.

Damit konnte der starke Einfluss der Stofionisationen auf die Streuspektren im Fall
von Kohlenstoff gezeigt werden. Somit miissen fiir Simulationen schwererer Teilchen Sto-
Kionisationsprozesse in PIC-Simulationen beriicksichtigt werden, um die Laser-Materie-
Wechselwirkung qualitativ und quantitativ richtig darzustellen. Diese und &hnliche hier
nicht aufgefiithrte Rechnungen zu Kohlenstoff halfen bei der Auswertung eines Pump-
Probe-Experiments am LCLS [203] und bei einem Vorschlag fiir ein Experiment am
FLASH von U. Zastrau. Da man im Experiment am LCLS auf das Verhalten des Ray-
leighsignals zur Beobachtung von Phaseniibergéngen interessiert war, sind fir die Be-
schreibung dieses Experiments FT-DFT-MD Simulationen zur Beschreibung der Struktur
von festem und fliissigem Kohlenstoff notwendig, die nicht mit ausreichender Genauigkeit
mit HNC-Simulationen oder der Theorie von Debye-Hiickel zu beschreiben wiren. Die
beobachteten inelastischen Streuprozesse beschréankten sich dabei auf die Ramanstreu-
ung und die nicht-kollektive Thomsonstreuung ab einigen 10 Pikosekunden nach der
Licht-Materie-Wechselwirkung und konnten unter der Annahme eines homogenen Koh-
lenstoffplasmas theoretisch modelliert werden, sind fiir das Thema dieser Arbeit aber
weniger von Interesse und sind deshalb hier nicht aufgefiihrt.
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7 Zusammenfassung und Ausblick

Das Ziel dieser Arbeit war die Simulation eines vollstdndigen Pump-Probe-Experiments
und die Berechnung der zugehorigen zeit- und ortsaufgelésten Thomsonstreuspektren fiir
Wasserstoff, Helium und Kohlenstoff. Speziell die Diagnostik der Licht-Materie-Wechsel-
wirkung auf ultrakurzen Zeitskalen war von groffem Interesse.

7.1 Zusammenfassung

Aufbauend auf den Erfahrungen der AG Statistische Physik in der Berechnung von
Thomsonstreuspektren von homogenen Plasmen ist es gelungen, im Rahmen dieser Ar-
beit ein Modell zur Beschreibung von Pump-Probe-Experimenten fiir die Diagnostik der
Wechselwirkung intensiver Laserpulse mit dichten Plasmen auf ultrakurzen Zeitskalen zu
erarbeiten. Dazu wurden Simulationen zur Licht-Materie-Wechselwirkung mit Hilfe von
PIC-Codes und Strahlungs-Hydrodynamik-Codes durchgefiihrt. Aus den simulierten in-
homogenen Dichte- und Temperaturprofilen konnten dynamische Thomsonstreuspektren
berechnet und damit die zeitliche Entwicklung von Plasmen anhand dieser Streuspektren
interpretiert werden.

Im Verlauf dieser Arbeit wurde der PIC-Code VLPL3D mit dem Prozess der Stofsio-
nisationen erweitert, was nur wenig Auswirkungen auf die Simulation von leichten Ele-
menten, wie Wasserstoff und Helium, hat. Bei der Anwendung der Stofsionisationen bei
der Simulation der Wechselwirkung von intensiven Laserfeldern mit dem schwereren Ele-
ment Kohlenstoff wurde gezeigt, dass die Stofsionisationen einen quantitativen als auch
qualitativen Einfluss auf die Ergebnisse dieser Simulationen haben. Dadurch entsteht
statt einer 2-fach eine 4-fach ionisierte Kohlenstofffolie, deren ionisierte Front bereits
bei kurzen Zeiten tiefer in das Material eindringt. Zusétzlich wurde aufgrund der aufzu-
bringenden Ionisationsenergie durch die beschleunigten Elektronen eine stark verringerte
Elektronentemperatur berechnet.

Anhand der Plasmonenresonanz der berechneten Thomsonstreuspektren der laser-
induzierten Wasserstoff-, Helium- und Kohlenstoffplasmen konnten die Elektronendichte
und -temperatur berechnet werden, wodurch das zeitliche Verhalten der Plasmen durch
das Thomsonstreuspektrum beobachtet werden konnte. So konnte im Fall von Wasser-
stoff und Helium anhand des zeitlichen Anstiegs der Elektronendichte eine Ausbreitung
des ionisierten Materials identifiziert werden. Hier erweist es sich allerdings als schwierig,
zwischen der Ausbreitung der Front im Beispiel von Wasserstoff oder der Ausbreitung
des Tropfeninneren im Beispiel von Helium zu unterscheiden. Daher miissen die Verglei-
che der Thomsonstreuspektren stets in Verbindung mit der Simulation der dynamischen
Licht-Materie-Wechselwirkung betrachtet werden.

Dariiber hinaus wurde eine dynamischen Berechnung des Rayleighsignals der Thom-
sonstreuung durchgefiihrt, mit der es moglich ist, die Relaxationszeit zwischen Elektro-
nen- und lonentemperatur in einem Experiment mittels Thomsonstreuung zu messen.
Hier wurde die Abhéngigkeit dieser Grofe von dem Elektron-lon-Energieaustausch und
dem Wéarmetransport gezeigt. Demnach ist die Relaxation zwischen Elektronen- und lo-
nensystem in Wasserstoff, welches mit einer Intensitit von ~ 10> W /cm? bestrahlt wird,
innerhalb von einigen Pikosekunden zu erwarten.

Allerdings wurden in Pump-Probe-Experimenten an Wasserstofftropfen am FLASH
keine Plasmonensignale nachgewiesen. Zudem konnten die durchgefithrten Berechnungen
des zeitlichen Verhaltens des Rayleighsignals nicht mit den Ergebnissen dieses Experi-
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ments verifiziert werden. Das gemessene Verhalten ist somit bisher nicht verstanden und
Bedarf weiteren Auswertungen durch weiterfithrende Arbeiten.

7.2 Ausblick

Wie bereits in der Zusammenfassung erwahnt wurde, war es nicht moglich experimentelle
Ergebnisse eines Pump-Probe-Experiments an Wasserstoff am FLASH zu verifizieren.
Die Ergebnisse des Experiments sind bisher nicht verstanden, wobei Hypothesen iiber
das Entweichen von heifsen Elektronen aus dem Plasma und Plasmaablation existieren,
die in weiterfiihrenden Arbeiten untersucht werden miissen.

Weiterhin wurde zur Untersuchung des Verhaltens des Rayleighsignals in Abschnitt 4.4
die Laser-Materie-Wechselwirkung und die anschlieffende Plasmaentwicklung vollstén-
dig durch einen strahlungs-hydrodynamischen Code simuliert. Speziell fiir hohe Pump-
Laserintensitéten sind solche Codes nicht mehr anwendbar. Daher miissen die Dichte-
und Temperaturprofile fiir solche Falle mit PIC-Simulationen berechnet werden, die als
Anfangsbedingungen fiir die strahlungs-hydrodynamischen Berechnungen dienen kénnen.
Diese Kombination dieser Methoden wurde bereits in [44] erfolgreich durchgefiithrt und
muss in zukiinftigen Arbeiten auf die in dieser Arbeit gezeigten Beispiele von Helium und
Kohlenstoff angewendet werden. Damit kénnten auch verbesserte Ergebnisse fiir das be-
rechnete, zeitliche Verhalten des Rayleighsignals erwartet werden. Hier muss erwéhnt wer-
den, dass fiir die Beschreibung des Temperaturrelaxationsprozesses zwischen Elektronen-
und lonensystem die Beschreibung von Elektronen-lonen-Stofe entscheidend fiir die Si-
mulation dieses Prozesses, aber in den in dieser Arbeit verwendeten PIC-Simulationen
nicht implementiert sind. Wie schon im Kapitel 4 angedeutet, werfen allerdings die ge-
machten PIC-Simulationen zur Licht-Materie-Wechselwirkung in Wasserstofftropfen mit
dem VLPL3D Code Fragen zu der Anwendbarkeit des VLPL3D Codes auf Probleme
mit Kugelgeometrie auf. Hier miissen Vergleichsrechnungen mit dem PIC-Code von T.
Liseykina [40] folgen.

Fiir eine Beschreibung der Ultrakurzzeitkinetik mit der in dieser Arbeit entwickelten
Methode von kleinen Verzogerungszeiten ist es notig die Diagnostik von Plasmen im
Nicht-Gleichgewicht zu beschreiben. Bisher wurden hier nur die Diagnostik von Plasmen
im Gleichgewicht ab einigen 100 fs nach Lasereinstrahlung berechnet. Um auch zu klei-
neren Zeiten die Diagnostik der Laser-Materie-Wechselwirkung zu beschreiben, ist die
Theorie der Thomsonstreuung auf Plasmen im Nicht-Gleichgewicht zu erweitern, was
bereits in der Arbeit [102] vollzogen wurde. Damit konnte zum Beispiel der im Kapitel
5 gezeigte Effekte der Ausbildung einer Plasmawelle im Inneren eines Heliumtropfens im
Feld eines intensiven Laserpulses anhand des Thomsonstreuspektrums untersucht wer-
den. Das Thomsonstreusignal konnte mit den bisherigen Methoden erst nach vollstandi-
ger Ausbreitung der Plasmawelle im Heliumtropfeninneren berechnet werden.

Diese hier entwickelte Methoden kann in zukiinftigen Arbeiten auf weitere Elemente
oder Gemische von Elementen angewendet werden, die in Pump-Probe-Experimenten
am LCLS oder dem XFEL untersucht werden koénnen. Ein mogliches Element ist zum
Beispiel Aluminium, zu dem bereits Experimente [204-207] durchgefiihrt wurden.
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