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Zusammenfassung

Die Realisierung kohdrenter Rontgenquellen mit Hilfe optisch-feldionisierter Ga-
se macht eine Kontrolle der makroskopischen Parameter Elektronendichte, Elek-
tronen- und Ionentemperatur des erzeugten Plasmas erforderlich. So basiert das
Konzept eines stofligepumten Rontgenlasers auf der Erzeugung moglichst hoch-
energetischer Elektronen, wihrend das Schema des transienten Rekombinations-
Rontgenlasers die Produktion von Elektronen- und Ionenverteilungen mit duflerst
niedrigen Temperaturen voraussetzt. In diesem Kontext wird seit einigen Jahren
die Polarisation der ionisierenden Laserstrahlung als Parameter zur Einstellung
der gewiinschten Elektronentemperatur diskutiert. Eine experimentelle Verifika-
tion dieses Effektes bei Elektronendichten oberhalb 10'7 cm ™3, wie sie fiir intensive

Rontgenquellen notwendig sind, liegt jedoch bis heute nicht vor.

Im Mittelpunkt der vorliegenden Arbeit steht die Bestimmung der Elektronen-
sowie der Ionentemperatur in optisch-feldionisierten Wasserstoff- und Deuterium-
Plasmen mit Elektronendichten um 10'® cm=3. Der Fokus des Interesses liegt dabei
auf der Abhéngigkeit der Elektronentemperatur von der Polarisation des einge-
strahlten Laserlichtes. Weiterhin wurde untersucht, in welchem Ausmaf} kollektive
Mechanismen der Strahlungsabsorption (Inverse Bremsstrahlung) bzw. parametri-
sche Plasmainstabilitdten (Stimulierte Raman oder Compton Streuung) das Plas-
ma aufheizen. Aus den gemessenen lonentemperaturen kann die Zerfallsart der
Hj - bzw. D3 -Molekiilionen und der Beitrag der Coulomb-Explosion der Kerne
zur lonenenergie bestimmt werden. Zusammen mit den zugehorigen Elektronen-
temperaturen lassen sich bei Variation der Laserpolarisation Riickschliisse auf eine
mogliche Ausrichtung der linearen Molekiile bzw. Molekiilionen im Feld eines hoch-

intensiven, ultrakurzen Laserimpulses ziehen.

Die H,- bzw. Dy-Plasmen wurden unter Verwendung des ATLAS-Lasersystems
am Max-Planck-Institut fiir Quantenoptik, das Laserimpulse mit 130 fs Pulsdauer
und bis zu 250 mJ Pulsenergie bei einer Wellenlédnge von 790 nm liefert, erzeugt. Die
applizierten Pulsspitzenintensititen iiberspannen den Bereich von 2 - 10 VV/Cm2
bis 2 - 10' W/cm®. Fiir die Polarisation & der 790 nm-Pulse standen die beiden
Elliptizitdten £ =0 (linear) und £=0.7 (nahezu zirkular) zur Verfiigung. Als Plas-
madiagnostik, die bei hohen Elektronendichten anwendbar und zudem sensitiv
beziiglich geringer Elektronen- sowie Ionentemperaturen ist, wurde die Streuung
von Laserlicht an Elektronendichteschwankungen im Plasma (Thomson-Streuung)
eingesetzt. Zu diesem Zweck wurde ein Teil des fundamentalen ATLAS-Pulses
frequenzverdoppelt. Der entstehende kollinear propagierende 395 nm-Diagnosepuls
trifft aufgrund seiner geringeren Gruppengeschwindigkeit in den durchlaufenen op-
tischen Elementen etwa 1.2 ps nach dem ionisierenden 790 nm-Puls auf das Plas-



ma. Sowohl die Elektronen- als auch die Ionenverteilung sind unter den vorliegen-
den Bedingungen zu diesem Zeitpunkt bereits thermalisiert. Das Frequenzspek-
trum des unter 90° gegen die Laserpropagationsrichtung aufgenommenen 395 nm-

Streulichtes enthélt die Information iiber Elektronen- und Ionentemperatur.

Als Ergebnis der Untersuchungen ergibt sich, daf§ die Elektronentemperatu-
ren der Wasserstoff- und Deuterium-Plasmen im Rahmen der Mefgenauigkeit
(~ £0.5eV) identisch sind. Sie liegen im vermessenen Gasdichte- und Intensitéts-
bereich zwischen 3eV und 6eV. Das wohl am meisten iiberraschende Resultat
der Messungen besteht in der Beobachtung, dafl bei linear und elliptisch polari-
sierten Laserpulsen keine signifikanten Unterschiede in der Elektronentemperatur
auftreten. Die entsprechenden Thomson-Streuspektren sind nahezu identisch. Mit
steigendem Gasdruck und steigender Laserintensitit ist ein flacher Anstieg der
Elektronentemperatur zu beobachten, der sehr gut mit Hilfe eines Modells der
Energieabsorption durch Inverse Bremsstrahlung reproduziert werden kann. Die
Anpassung dieser Simulation an die Mef3daten liefert — als einzigen freien Parame-
ter —in allen Féllen eine Anfangs- bzw. ATI-Temperatur von 2.6 €V. Sie entspricht
derjenigen Elektronentemperatur, die sich unmittelbar aus dem lonisationsprozefl
ergibt. Fiir lineare Polarisation stimmt sie hervorragend mit den Vorhersagen eines
semiklassischen ATI-Modells {iberein. Dieses sagt jedoch bei £=0.7 eine etwa um
den Faktor 3 hohere ATI-Temperatur voraus. Es zeigt sich, daf§ der Intensitédtskon-
trast der ATLAS-Pulse (~ 1073 auf der Skala +1 ps um das Maximum) unter den
vorliegenden Bedingungen einen starken Einflufl auf die resultierenden Elektro-
nentemperaturen hat. Ein flacher zeitlicher Intensitdtsanstieg fiihrt tendenziell zu
niedrigeren Elektronentemperaturen. Bei hohen Laserintensitdten und Gasdriicken
sind ,, Fingerabdriicke* von Stimulierter Raman und Compton Seitwirtsstreuung
in den Thomson-Streuspektren zu erkennen. Primér bedingt durch die kurze Im-
pulsdauer tragen sie jedoch nicht mefbar zur Aufheizung des Elektronengases bei.
Die gemessenen Ionentemperaturen von Hy (0.79+£0.16eV) und Dy (0.37+£0.19eV)
stimmen gut mit theoretischen Berechnungen zur Coulomb-Explosion der H*- bzw.
D*-Kerne im Anschluf§ an eine enhanced ionization der Hy - bzw. D3 -Molekiilio-
nen bei einem kritischen internuklearen Abstand in der Groflenordnung von ~
3.2 A iiberein. Bei beiden Isotopen hat eine Variation von Gasdruck oder Laser-
intensitdt keinen signifikanten Einflufl auf die lonentemperatur. Aus der Insensiti-
vitéit der aufgenommenen Thomson-Streuspektren, d.h. der Unempfindlichkeit der
Elektronen- und Ionentemperatur sowohl von Hs als auch von Dy in bezug auf die
Anderung der Laserpolarisation, 1a8t sich folgern, daB im zeitlichen Mittel keine
Ausrichtung der linearen Molekiile bzw. Molekiilionen im Laserfeld erfolgt.

In dieser Arbeit konnte schliefilich gezeigt werden, daf die fiir einen Streuwinkel im
allgemeinen doppelwertige lonentemperatur durch den Vergleich der Streuspektren

zweter Isotope auch bei nur einem Streuwinkel eindeutig bestimmt werden kann.
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Kapitel 1
Einleitung

1.1 Motivation

Mit der Entwicklung der Lasertechnologie hin zu immer héheren Energiedichten bei
gleichzeitig immer kiirzeren Impulsdauern sind ganz neue Bereiche der Wechselwir-
kung von elektromagnetischer Strahlung mit Materie zugénglich geworden. Mei-
lensteine wurden dabei durch den Einsatz des Titan-Saphir-Kristalls als breitban-
diges, kompaktes Lasermedium zur Erzeugung ultrakurzer Laserimpulse (Moulton
1982) und die Entwicklung der Chirped Pulse Amplification zur Verstirkung die-
ser Pulse (Strickland, Mourou 1985 [1]) gesetzt. Heute kann man Laserimpulse mit
extrem kurzer Dauer erzeugen, die nur wenige Schwingungszyklen enthalten und
deren elektrische Feldstirke diejenige des inneratomaren Feldes deutlich iibersteigt
[2]. In der Folge dieser technologischen Neuerungen konnten — neben einer Vielzahl
an Fortschritten auf dem weiten Feld der Atom- und Molekiilphysik — gerade auch
in der Physik der lasererzeugten Plasmen zukunftweisende Erfolge erzielt werden.
So ist es erstmalig 1998 in der Laser-Plasma-Gruppe des MPQ gelungen, ein heis-
ses Plasma (T ~ 300eV) bei Festkorperdichte (n. ~ 10?* cm3) zu erzeugen [3];
ein Materiezustand, wie er sonst nur im Innern von Sternen existiert. Im Jahr
2000 wurde die laserinduzierte Erzeugung von Antimaterie (Positronen) am MPQ
demonstriert, die erstmals unter Verwendung eines kompakten Table-Top-Lasers
(ATLAS) gelang [4, 5].

Auch auf dem Gebiet der XUV- und Rontgenlaserforschung ergeben sich neue
Moglichkeiten, die im Sinne technischer Anwendungen wegweisend sein kénnten
[6]. Anders als in der Atom- oder Molekiilphysik, wo in der Regel mit Systemen
einer ,geringen“ Anzahl (typisch 10® — 10'° cm™3) nicht miteinander wechselwir-
kender Einzelatome oder -molekiile gearbeitet wird, sind fiir die Realisierung von
intensiven kohdrenten Rontgenquellen hohe Teilchendichten im Target von min-

destens 10'7 em~3 erforderlich. Dadurch treten neben den isolierten atomaren Ef-
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2 KAPITEL 1. EINLEITUNG

fekten auch Vielteilchenwechselwirkungen im entstehenden Plasma auf, die makro-
skopische Parameter wie lonisationsgrad, Elektronendichte, Elektronentemperatur
und Tonentemperatur stark beeinflussen kénnen. Fiir die Verwirklichung von XUV-
bzw. Rontgen- Rekombinationslasern sind gerade diese Groflen von erheblicher Be-

deutung.

Restenergie der Elektronen im optisch-feldionisierten Plasma

Das Konzept des Rontgenlasers in optisch-feldionisierten Gasen basiert auf der
Erzeugung einer Besetzungsinversion in angeregten Niveaus durch schnelle Re-
kombination der Elektronen in unmittelbarem Anschlufl an die Ionisation durch
einen hochintensiven Kurzpulslaser [7, 8]. Ein durch optische Feldionisation (OFI)
mit [inear polarisierten Laserimpulsen erzeugtes Plasma sollte geméf theoretischer
Berechnungen [8, 9] gegeniiber Entladungsplasmen den Vorteil bieten, daf die mitt-
lere Energie der Elektronen sehr niedrig ist, und damit eine rasche Rekombination
ohne Abkiihlphase erlauben!. Wihrend einer solch schnellen Rekombination sind
— bei geeigneter Wahl des ionisierten Mediums — grofle Verstirkungskoeffizienten
fiir die stimulierte XUV-/Rontgenemission zu erwarten; auflerdem wiirden La-
seriibergéinge hoher Energie bis hin zum Grundzustand zugénglich [11, 12]. Ver-
wendet man statt des linear polarisierten zirkular polarisiertes Laserlicht bei sonst
gleichen Parametern, so werden ,heissere” Plasmen mit vielfach hoheren Elektro-
nentemperaturen als im linear polarisierten Fall theoretisch vorhergesagt [13], und
das vorausgehend beschriebene Schema wire nicht mehr anwendbar. Hohe Elek-
tronenenergien sind jedoch die Vorraussetzung fiir die Umsetzung stoflgepumpter
XUV-Laser-Schemata, wie das des von Lemoff et al. demonstrierten 41.8 nm-Xe-
Lasers [14]. Die Wahl der Laserpolarisation konnte also ein addquates Mittel zur
Kontrolle der Plasmaparameter bei OFI-Rontgenlasern sein. Neben der Polarisati-
on spielen auch die Pulsdauer und Wellenldnge des Lasers sowie dessen Intensitét
in Relation zu den ITonisationspotentialen der angestrebten Ionisationsstufen eine

wichtige Rolle.

Polarisationsabhingigkeit der Elektronentemperatur

Der Schwerpunkt der vorliegenden Arbeit liegt auf der Untersuchung der Abhing-
igkeit der Elektronentemperatur in dichteren OFI-Plasmen von der Polarisation
des eingestrahlten Laserlichtes. Dabei mufi neben der aus dem Ionisationspro-
zef} selbst resultierenden Energieverteilung der Elektronen auch deren Aufheizung
durch Strahlungsabsorption im Plasma (z.B. Inverse Bremsstrahlung, Stimulier-

te Raman Streuung) beriicksichtigt werden. Diese kollektiven bzw. parametrischen

!Eine niedrige Elektronentemperatur T, ermoglicht eine effiziente Dreikorper-Elektron-Ion-
Rekombination, da die Rekombinationsrate geméif Tefg/ ? von der Elektronentemperatur abhingt
[10].
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Absorptionsmechanismen kénnten bei hoheren Gas- bzw. Plasmadichten zu einer
erheblich hoheren mittleren Elektronenenergie fiihren als in [8, 9] angenommen
(15, 16, 17, 18]. In diesem Teilchendichteregime ist deshalb fraglich, ob die Un-
terschiede in der Elektronentemperatur zwischen linearer und zirkularer Laserpo-
larisation, die auf dem wechselwirkungsfreien Modell [8] beruhen, nicht verwischt
werden. Obwohl die Polarisationsabhéingigkeit der Elektronentemperatur fiir den
OFI-Rontgenlaser eine grofle Bedeutung besitzt, sind bisher diesbeziiglich bis auf
Corkum et al. (Xenon) [13] und Mohideen et al. (Helium) [19] keine weiteren po-
larisationsvergleichenden Experimente publiziert. Beide Autoren finden deutlich
hohere Elektronenenergien fiir zirkulare Polarisation, in qualitativer Ubereinstim-
mung mit dem Modell von [8]. Diese Ergebnisse sind jedoch in ihrer Aussagekraft
beziiglich dichterer OFI-Plasmen insofern zu relativieren, als beide Experimente
bei sehr geringen Teilchendichten von etwa 10° — 10! cm 3 durchgefiihrt wurden.
Die ausgeprigte Richtungsabhéingigkeit der verwendeten Flugzeitmassenspektro-
metrie (TOF), die nur raumwinkelselektive Energiespektren liefern kann, stellt —
zumindest fiir den Fall linearer Laserpolarisation — ein Hindernis fiir die Bestim-

mung einer (winkelintegrierten) Elektronentemperatur dar.

Messung der Elektronentemperatur bei h6heren Teilchendichten

Die in Atom- und Molekiilphysik oft eingesetzte TOF-Spektrometrie zur Vermes-
sung der Energien von Elektronen (oder Ionen) kann bei der Untersuchung von
OFI-Plasmen hoherer Teilchendichte nicht angewendet werden. Abgesehen von
einer Vielzahl technischer Schwierigkeiten fiihrt insbesondere das Auftreten von
Raumladungseffekten im Plasma zu starken Verfilschungen der TOF-Energie-
spektren. Aus der Physik der thermischen Plasmen, wie sie beispielsweise beim
magnetischen Einschlufl in Fusionsreaktoren vorliegen, ist die Streuung von La-
serlicht an Plasmadichtefluktuationen zur Bestimmung von Elektronendichte so-
wie Elektronen- und Ionentemperatur bekannt?. Obwohl bei diinneren und kilte-
ren Plasmen schwieriger zu realisieren und zu interpretieren, ist diese auch als
Thomson-Streuung bezeichnete Methode — als wohl einzig praktikable —in den letz-
ten Jahren auch zur Diagnostik von OFI-Plasmen verwendet worden. Allerdings
bleibt diesbeziiglich die Zahl der Untersuchungen sehr bescheiden: Offenberger et
al. 1993 [20] und Blyth et al. 1995 [21] (Helium und Neon), Glover et al. 1994 [22]
(Helium). Die Ergebnisse dieser Experimente, die alle bei ausschliefilich linearer

Laserpolarisation und mit verschiedenen Laserparametern durchgefiihrt wurden,

2Der Begriff der Temperatur setzt natiirlich implizit das Vorliegen eines Gleichgewichtszustan-
des voraus. Aber auch bei von einer Maxwell-Verteilung abweichenden Verteilungsfunktionen ist
die Methode anwendbar; allerdings ist die Interpretation der Streuspektren dann schwieriger.
Ein Vorteil gegeniiber der Flugzeitmassenspektroskopie besteht darin, daf3 prinzipiell eine hohe
Zeitauflosung erreichbar ist, so daf3 die Prozedynamik untersucht werden kann.
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sind nur bedingt mit denen von Mohideen et al. bei viel geringeren Helium-Dichten
kompatibel. Die Frage nach einer zufriedenstellenden und umfassenden Theorie zur

Berechnung der Elektronenrestenergie in OFI-Plasmen bleibt weiterhin offen.

In der vorliegenden Arbeit wurde die Thomson-Streuung zur Untersuchung von
optisch-feldionisierten Wasserstoff- und Deuterium-Plasmen eingesetzt. Diese bei-
den ,,Beispielsysteme® wurden priméir deswegen gewihlt, weil sie lediglich zwes:
schon mit relativ niedrigen Laserintensitéiten freisetzbare Elektronen besitzen, so
daf} Tonisationsgrad und Elektronendichte exakt bestimmt werden kénnen. Ein
weiterer Vorteil liegt darin, dafl es bei Hy und Dy im Vergleich zu den meisten
anderen Mehrelektronensystemen kaum stérende Plasmaemissionslinien gibt, die

das gestreute Wellenldngenspektrum komplizieren.

1.2 Struktur der Arbeit

e Im 2. Kapitel werden Modelle zur Beschreibung der Tonisation von Atomen und
zweiatomigen Molekiilen in starken Laserfeldern vorgestellt. Daneben wird eine
bei Molekiilen denkbare Rotation oder eine Ausrichtung im Laserfeld, ebenso
wie eine mogliche Coulomb-Explosion im konkreten Bezug auf Hy bzw. Dy dis-
kutiert. Ein weiterer Abschnitt beschéftigt sich mit der Energie der Elektronen

und Tonen, die sie im Tonisationsprozefl akquirieren.

e Kap. 3 untersucht die Wechselwirkung der geladenen Teilchen in einem Plasma,
die einerseits zur Thermalisierung und andererseits zur kollektiven Absorption
von Energie aus dem Strahlungsfeld fiihrt. Auswirkungen, die das entstehende
Plasma auf das Spektrum und die Propagation des ionisierenden Laserstrahls

hat, werden qualitativ und quantitativ beschrieben.

e Die Diagnostik von OFI-Plasmen anhand von Thomson-gestreutem Laser-
licht ist Gegenstand des 4. Kapitels. Neben der Darstellung der Theorie der
Thomson-Streuung zeigen Simulationen, wie sich durch Vergleich der Streuspek-
tren von Hy und Dy der dominante Streumechanismus im Plasma und damit

die Ionentemperatur bestimmen l&f3t.
e Kap. 5 beschreibt den experimentellen Aufbau und das ATLAS-Lasersystem.

e Die experimentellen Thomson-Spektren, die bei Variation des Gasdruckes bzw.
der Laserintensitéit jeweils fiir zwei verschiedene Laserpolarisationen gemessen
wurden, werden in Kap. 6 dargestellt und im Kontext der in Kap. 2-4 beschrie-

benen theoretischen Modelle diskutiert.

e Abschlielend zeigt Kap. 7 einige Perspektiven auf, wie Rontgen- bzw. XUV-
Rekombinationslaser durch Mischung verschiedener Gassorten mit Hy oder D,

realisiert werden konnen.



Kapitel 2

Optische Feldionisation von

Materie in der Gasphase

Dieses Kapitel gibt einen groben Uberblick iiber die Wechselwirkung zwischen
Licht und Atomen bzw. Molekiilen bei hohen Laserintensititen und kurzen Puls-
dauern. Der erste Abschnitt beschiftigt sich mit der Ionisation von Atomen in
intensiven Laserfeldern. Bei linearen Molekiilen wie Hy und Do stellt sich die
Situation aufgrund der rdumlichen Asymmetrie sowie der Moglichkeit zur Dis-
soziation komplexer als bei Atomen dar. Unter diesem Aspekt werden im zwei-
ten Abschnitt Effekte wie eine mogliche feldinduzierte Molekiilausrichtung oder
Coulomb-Explosion diskutiert. Abschlielend wird ein theoretisches Modell vorge-
stellt, das die ,,Restenergie” der Elektronen nach Durchlaufen des Laserimpulses
in Abhdngigkeit von der Polarisation des Laserfeldes beschreibt. Entsprechend der
in Atom- und Molekiilphysik etablierten Praxis wird in den Abschnitten 2.1 und

2.2 das Atomare Einheitensystem verwendet.

2.1 Atome in starken Laserfeldern

Die Ionisation von Atomen in intensiven Laserfeldern kann in zwei Wechselwir-
kungsbereiche, den Bereich der Multiphotonenionisation (MPI) und den Tunnelio-

nisationsbereich, unterteilt werden'. Im MPI-Bereich muS8 fiir die Beschreibung der

LAllgemeinere Zugéinge bestehen z.B. in der numerischen Losung der zeitabhingigen
Schrodinger-Gleichung oder auch in zeitabhingigen Hartree-Fock-Rechnungen. Fiir das grund-
legende Versténdnis der physikalischen Zusammenhinge ist es jedoch ausreichend, die hier ein-

gefithrten Modelle mit eingeschrinktem Giiltigkeitsbereich heranzuziehen.
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Laser-Atom-Wechselwirkung das Niveauschema des Atoms beriicksichtigt werden.
Die Tonisation findet durch Absorption mehrerer Photonen iiber den Weg laser-
induzierter virtueller (nichtresonante MPI) oder realer (resonanzverstirkte MPT)
Zwischenzusténde statt. Im Unterschied zur Multiphotonenionisation stellen im
Bereich der Tunnelionisation das elektrische Feld des Lasers und das Potential,
durch das ein Elektron an den Atomkern gebunden ist, die addquaten Kenngréfien
zur Beschreibung des Ionisationsprozesses dar. Das Potential des Atoms wird durch
das Laserfeld so deformiert, dafl ein oder mehrere Elektronen durch Tunneln aus
dem Potentialtopf entkommen kénnen bzw. dafl die deformierte Potentialbarriere
energetisch unter den elektronischen Grundzustand eines Elektrons absinkt und
dieses schlagartig das Atom verldfit. Die Energieverteilung der tunnelnden Elek-
tronen ist deutlich breiter als diejenige des MPI-Prozesses [23, 24].

Zur Abgrenzung der Giiltigkeitsbereiche von Multiphotonen- und Tunnelionisa-
tionsmodell kann der adiabatische oder Keldysh-Parameter [25]

Wo P
===,/ 2.1
fy wT Q(I)pond ( )

herangezogen werden. Dabei bezeichnet w, die Laserfrequenz, wy die Tunnelfre-

quenz durch die Potentialbarriere?, IP das Ionisationspotential des gebundenen
Elektrons und ®,,nq das ponderomotive Potential, d.h. die Oszillationsenergie, die
ein freies Elektron im alternierenden elektrischen Laserfeld mit Amplitude Ej im
zeitlichen Mittel besitzt (vgl. Anhang).

Im Bereich v < 1, d.h. bei langwelliger Laserstrahlung und/oder hohen Inten-
sitéiten, wird die Ionisation durch das Tunnelionisationsmodell zutreffend beschrie-
ben, wahrend fiir v > 1 die Multiphotonenionisation dominiert. Anschaulich aus-
gedriickt dndert sich bei kurzwelliger Laserstrahlung mit wy > wy das elektrische
Feld so schnell, dafi das Elektron keine Zeit zum Tunneln hat (reiner MPI-Prozef}).
Der Keldysh-Parameter gibt also einen Anhaltspunkt, ob der Ionisationsprozef

primér diabatisch oder adiabatisch ist.

Die Spitzenintensitdt der 790 nm-Laserimpulse, die in der vorliegenden Arbeit
zur Tonisation von Wasserstoff und Deuterium verwendet wurden, iiberspannt den
Bereich von etwa 2-10' W /em® bis zu 2-10'6 W /cm® mit zugehdrigen Oszillations-
energien ®,,ng = 0.12 — 1.2keV. Das Ionisationspotential des Wasserstoffmolekiils
betriigt IP(Hy) = 15.426 V. Das Potential fiir die Ionisation von Hj ist nicht exakt

2Nach Perelomov et al. [26], die den Ionisationsprozefl gemf einer quasiklassischen Methode
berechnen, ist die ,,Flugzeit® 1/wr eines Elektrons mit Impuls v/2IP durch eine Potentialbarriere
der Breite r = 2IP/Ey durch 1/wr = v2IP/E, gegeben.
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definiert, kann jedoch mit einer Obergrenze von etwa 30 eV abgeschiitzt werden?.
Setzt man die Giiltigkeit der vorausgehend beschriebenen Ionisationsmodelle auch
fiir molekularen Wasserstoff voraus [31], so ergibt sich fiir den Keldysh-Parameter
ein oberer Grenzwert von v < 0.38. Man befindet sich also {iber den gesamten

Intensitétsbereich im Tunnel-Regime.

2.1.1 Der Tunnelionisationsbereich

Abhéngig davon, wie weit die Potentialbarriere der im Atom gebundenen Elektro-
nen durch ein externes elektrisches Feld abgesenkt wird (vgl. Abbildung 2.1), kann
man im Bereich v <1 die Ionisation am geeignetsten durch das von Augst et al.
entwickelte Barrier-Suppression-Modell [32] bzw. durch das Modell von Perelomov,
Popov und Terent’ev (PPT) beschreiben [26].

Barrier-Suppression Ionisation

Ein im Abstand z vom Atomkern mit Kernladungszahl Z im Coulombfeld ge-
bundenes Elektron ist beim Anlegen eines zeitabhéngigen elektrischen Feldes & ()
einem effektiven Potential der Form
Z
V(z,t) = e z E(t) (2.2)
z
ausgesetzt (&,]|€). Ist die Amplitude Ey des elektrischen Feldes grof genug, so
kann, wie in Abbildung 2.1(c) gezeigt, das Maximum der Potentialbarriere bei
20 =1/Z/E(t) zeitweilig unter das Bindungspotential IP eines Elektrons absinken
und das Elektron kann klassisch aus dem Kernpotential entweichen. Die zugehorige

Erscheinungsfeldstirke Egg errechnet sich geméf Gleichung 2.2 aus der Bedingung

Epst > 17 (2.3)

3Eine grobe Abschitzung fiir die Obergrenze der Energie, die zur Tonisation des Hj -Molekiil-

ions notwendig ist, kann aus den Potentialkurven gewonnen werden. Die potentielle Energie
des Grundzustandes (H} ) XS] 1so, hat ihr Minimum von 15.426eV [0eV & (Hy) XS} Lso,-
Grundzustand] beim Gleichgewichtsabstand Req = 1.056 A [27, 28]. Als Approximation fiir den
Tonisationsprozef kann man nun den vertikalen Ubergang in einen Zustand heranziehen, der
durch zwei, dem repulsiven Coulomb-Potential unterworfene Protonen charakterisiert ist, deren
potentielle Energie im Abstand Req sich in der Born-Oppenheimer-N&herung zu 45.3 eV errechnet
[27]. Die Obergrenze der Ionisationsenergie ergibt sich damit zu IP(HJ) = 45.3eV — 15.4eV =
29.9eV. Vergleiche auch [29, 30].



8 KAPITEL 2. OPTISCHE FELDIONISATION

V(2) V(2) \ V(2)
(@) (b)

Abbildung 2.1: Momentaufnahmen des Potentialverlaufs fiir ein Elektron im Atom
unter dem Einfluf} eines Laserfeldes (schematisch). Das elektrische Feld des Lasers ist
strichpunktiert dargestellt. (a) Nulldurchgang des oszillierenden elektrischen Feldes bzw.
Abwesenheit eines externen Feldes. Das Elektron mit dem Ionisationspotential IP ist im
Potentialtopf des Atoms gebunden. (b) Moderate Laserfeldstirke. Das Elektron kann
die durch das Laserfeld deformierte Potentialbarriere durchtunneln. (c) Hohe Laser-
feldstéirke. Die Potentialbarriere (Maximum bei zy) wird durch das Laserfeld unter das
Tonisationspotential des Elektrons abgesenkt, so dafl das Elektron nicht mehr an den

Kern gebunden ist.

Setzt man diese statische Feldstéirke gleich der Amplitude Ej der Laserfeldstérke,

so erhilt man die zugehorige Erscheinungsintensitit

]134

Ipsi = ——
BSI = Y60

(2.4)
Igst[W/em?] = 4 - 10° (P[eV])*/ 22

Fiir die Ionisation des Wasserstoffmolekiils mit einem Ionisationspotential von
15.426 eV findet man die Erscheinungsintensitit Izg; = 2.25 - 10 W/cm2. Die
hochsten im vorliegenden Experiment angewendeten Laserintensitéiten liegen um
den Faktor 90 iiber dieser Erscheinungsintensitidt. Eine grundlegende Annahme
im BSI-Modell ist, daf} die Ionisation praktisch instantan erfolgt, so da} man die
elektrische Feldstérke fiir den Ionisationsprozef} als konstant betrachten kann. Eine
experimentelle Uberpriifung des Modells ist durch Messung der relativen Erschei-
nungsfeldstérken fiir verschiedene Ionensorten moglich. Trotz der vereinfachten,

eindimensionalen Betrachtung des Atoms in der Barrier-Suppression-Theorie fin-



2.1. ATOME IN STARKEN LASERFELDERN 9

det man eine gute Ubereinstimmung zwischen vorhergesagten und gemessenen

relativen Erscheinungsfeldstéirken [32, 33].

PPT-Modell

Wihrend die BSI-Theorie einen einfachen klassischen Ansatz zur Bestimmung der
Schwellenintensitdt fiir die Tonisation darstellt?, liefert das quasiklassische PPT-
Modell® auch im klassisch verbotenen Bereich I < Izg; von Null verschiedene
Tonisationswahrscheinlichkeiten. Grundlegende Annahme ist dabei, dafl die Ioni-
sationsrate zu jedem Zeitpunkt mit der Tunnelrate des Elektrons durch die vom

aufleren Feld abgesenkte Coulomb-Barriere identisch ist.

In einem statischen elektrischen Feld £ ist die Ionisationsrate Rg. fiir Elektronen

mit lonisationspotential IP durch [26]

21P)3/2 2n*—|m|-1 2 (91P)3/2
Rdc(g) = |Cn*l* 2 f(l,m) IP 2( ) P —_( ) (25)
& 3 €&
mit den Koeffizienten
2n* !
Coo|? = 2 flm) = (20 +1) (I + |m])! (2.6)

n*I'(n* + 1* + 1)I'(n* — [¥)’ =2l (Im)! (1 = |m))!
gegeben. [ und m bezeichnen dabei die Bahn- und die magnetische Quantenzahl,
n* = Z/v2IP die effektive Hauptquantenzahl fiir ein Atom mit Kernladungszahl
Z und I'(z) die Gamma-Funktion. Die effektive Quantenzahl [* errechnet sich

ndherungsweise aus [* ~n* —1.

Geht man zu alternierenden elektrischen Feldern iiber, so muf} fiir die addquate
zeitliche Mittelung der Ionisationsrate die Polarisation des Laserfeldes beachtet
werden. Im Falle eines linear polarisierten, nichtrelativistischen Laserfeldes mit

Frequenz wy ergibt sich im PPT-Modell

6 (2]P)3/2 2n*—|m|—3/2
2f(l,m)IP\/; [2 z ]

2 (21P)3/?
X An(0,7) (147223 exqy [—5 00|, @)
4Im Kontext des PPT-Modells bilden die Erscheinungsintensitéiten der BSI-Theorie eine Art

»Obergrenze“, oberhalb derer die Wahrscheinlichkeit fiir die Ionisation gegen eins geht.
®Das PPT-Modell ist eine Verallgemeinerung der bereits von Landau und Lifschitz [34] fiir

RF@;T(S, Wo) = |Cn*l*

ein statisches elektrisches Feld berechneten Tunnelraten auf alternierende Felder und komplexere

Atome.
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mit dem Keldysh-Parameter v und den Groéfien

4 1 22 2v(k — k) _
Am(wo, ) = S w [ (| 2E ) ke,
((,LJO 7) \/% |m|' 1+ 72 kznw ( (1 4 72)1/2 €
a(vy) = 2 |Arsinh(y) — S — Wi () = e’“"2/x eV (2 — y?)mdy
V1I+92|’ 0 ’
3 |kwy , . V1472 P 1

= — | —Arsinh(y) - ——— =—|1+—].

9(7) > l p Asinh(v) > | T\t

Der Giiltigkeitsbereich von Gleichung 2.7 ist nicht auf das Tunnelregime v < 1
beschrinkt. Der diskrete MPI-Charakter der Ionisation bei 7> 1 wird im Koeffi-
zienten Ap,(wo,7) deutlich®.

Fiir v < 1 dagegen folgt A, (wo,y) — 1 und g(y) — 1 und Gleichung 2.7 geht
in die adiabatische Niherung des ADK-Modells (Ammosov, Delone, Krainov [35])

iber

- 6 [ (21P)3/2]2" TIMT2 T g (o1p)32
Rt (&) = [y f(l,m)lPJ; [2( ) ] exp[—g( ) ] 238)

In der adiabatischen N#herung v < 1 ergibt sich auch fiir den allgemeinen Fall
eines alternierenden, elliptisch polarisierten Laserfeldes mit Elliptizitit” £ #£1 eine

einfache Darstellung

ell 3 1 g 1/2 1 lin
Ry (€,6) = T 1_g (P Rq4c(€) = e Rpk(€) (2.9)

fiir die Tonisationsrate [36, 35].
Bei zirkularer Laserpolarisation £ =1 ist der Betrag des rotierenden Feldstérke-
vektors zeitlich konstant und fiir v<<1 kann somit die statische Rate Rg4. heran-

gezogen werden [26].

Fiir die Umrechnung zwischen SI-System und Atomarem Einheitensystem gelten
folgende Beziehungen fiir Energie, elektrische Feldstéirke und Frequenz: IP[a.E.] =
PleV]/27.21, £[a.BE.] = 5.14 £[10° V/em] und ¢ '[a.E.] = 41.67 ¢ 1[fs™"].

5Die Grofie & hat die Bedeutung eines Schwellenwertes fiir die Ionisation: die minimale Anzahl

k absorbierter Quanten, die zur Ionisation notwendig sind, ist k£ > k.
"Die Elliptizitét ¢ ist in Gleichung 2.17 in Abschnitt 2.3 definiert.
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2.2 Molekiile in starken Laserfeldern

Uber einen Zeitraum von mehr als 10 Jahren hat sich die Wechselwirkung zwischen
linearen Molekiilen und intensiven Laserfeldern im optischen und nah-infraroten
Wellenléngenbereich als undurchsichtiges Puzzle schwer interpretierbarer und wi-
derspriichlicher experimenteller Befunde dargestellt. Ein umfassendes und mit der
Gesamtheit der Meflergebnisse konsistentes Verstdndnis der Wechselwirkungsme-
chanismen lag in weiter Ferne. Erst in den letzten Jahren scheint sich das Dickicht

zu lichten und es entsteht ein klareres Bild der grundlegenden Prozesse.

Beim Zerfall linearer Molekiile und ihrer Ionen in intensiven, langwelligen La-
serfeldern spielen neben der Tunnelionisation auch die molekulare Dynamik, d.h.
der Vorgang der Dissoziation im Laserfeld, sowie die rdumliche Asymmetrie der
Molekiile — und damit ihre Orientierung — eine Rolle. Die Asymmetrie hat zur Fol-
ge, daf die Ionisations- bzw. Dissoziationswahrscheinlichkeit vom Winkel zwischen
dem Vektor der elektrischen Feldstéirke der Lichtwelle und der internuklearen Achse
des Molekiils abhiingt. Uber die Kopplung an ein permanentes elektrisches Dipol-
moment bzw. iiber die elektrische Polarisierbarkeit des Molekiils nimmt wiederum
die Lichtwelle selbst Einflul auf die Molekiilorientierung. Die Moglichkeit des Mo-
lekiils bzw. Molekiilions zur Dissoziation stellt gewissermaflen einen konkurrieren-
den Prozef$ zur Ionisation dar, der — abhéngig von der applizierten Laserintensitét

— das Ionisationsverhalten stark beeinflufit.

Beriicksichtigt man, dafl das Ionisationspotential generell die Dissoziationsener-
gie iibersteigt, so stellt sich die Frage, ob ein Molekiil in einem starken Laserfeld
primér durch Dissoziation oder durch Ionisation zerfallt.

Einem H,-Molekiil (Dy analog) stehen prinzipiell die beiden in den Gleichungen
2.10 bis 2.14 dargestellten Zerfallskanéle (I) und (II) offen®. Die geklammerten An-
gaben bezeichnen die fiir die Reaktion minimal notwendige Energie, d.h. je nach
Kanal die Dissoziationsenergie oder das Ionisationspotential, unter der Annahme,

daB alle beteiligten Spezies in ihrem Grundzustand sind.

I H, » H+H (4.52eV) (2.10)
H — Hf (13.6eV) (2.11)

8Es existiert noch ein weiterer Zerfallskanal, der in der direkten Zwei-Elektronen-Ionisation
des Hy-Molekiils besteht. Aufgrund des hohen Ionisationspotentials fiir einen vertikalen Uber-
gang vom H,-Grundzustand in den repulsiven (Ht + H*)-Zustand von etwa 45 — 50 eV ist die
Wabhrscheinlichkeit fiir diesen Proze8 bei Intensitiiten < 101° W/ cm? aber sehr gering (vgl. auch
[37, 38]).
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(I) H, — Hf (15.4eV) (2.12)
Hf — H4+H*  (2.7¢V) (2.13)
H — Hf (13.6eV) (2.14)

In Zerfallskanal (I) dissoziiert das Hy-Molekiil in zwei H-Atome, die anschliefend
ionisiert werden. Ist (IT) dominant, so wird das Hy-Molekiil zuerst ionisiert. Das
entstehende Hy-Ion dissoziiert aufgrund der niedrigen Dissoziationsenergie durch
Kanal 2.13 sofort in ein H-Atom und ein H*. Das H-Atom — aus der Dissoziation
von Hj stammend — ist einer Intensitiit ausgesetzt, die seine Erscheinungsintensitéit
Ipsi[H, 13.6 V] < Ipgi[Ha, 15.4 V] deutlich iibersteigt, und wird nahezu instantan

ionisiert.

Zerfall des neutralen Molekiils

Von Ilkov et al. [37, 38] konnte experimentell nachgewiesen werden, daf§ bei der
nichtresonanten Wechselwirkung (7 < 1) von Hy und D, mit intensiven Laser-
feldern der Zerfallskanal (II) dominiert. Dies scheint ganz allgemein fiir lineare,
homonukleare Molekiile zu gelten (fiir Hg,, Ny und Hy vgl. auch Chin et al. [39]).
Trotz der im Vergleich zum Ionisationspotential viel niedrigeren Dissoziationsener-
gien werden die neutralen Molekiile nicht primér dissoziiert, sondern zerfallen durch
Tunnelionisation. Die intensitdtsabhingigen Ionisationsraten stimmen gut mit den
im atomaren PPT/ADK-Modell berechneten iiberein. Diese experimentellen Er-
gebnisse bestétigen theoretische Berechnungen von Bandrauk und Sink [40] bzw.
Goggin und Milonni [41] zur nichtresonanten Dissoziation zweiatomiger Molekiile
in starken Feldern, die zeigen, daf§ Intensititen von etwa 10 VV/Cm2 zur Dissozia-
tion notwendig sind. Diese Intensitédten sind viel hoher, als diejenigen, die zur Tun-
nelionisation benotigt werden. Somit verhalten sich die neutralen Hy/Do-Molekiile
ganz analog einem Atom mit gleichem Ionisationspotential (Hy/Dy <> Ar), vgl.
auch [42, 30].

Zerfall des Molekiilions

Der Zerfall des aus der Hy-Ionisation entstandenen HJ -Ions® ist durch ein Ineinan-

dergreifen von Dissoziation und lonisation gekennzeichnet. Der in den Gleichungen

9 Aufgrund der Disparitit der Gleichgewichtsabstéinde von Hy (0.746 A) und H (1.056 A)
kann man annehmen, dafl das H nach seiner Entstehung in einem angeregten Vibrationszustand
ist. Die Franck-Condon-Faktoren fiir Ubergiinge aus dem H-Zustand 123‘ (v = 0) in die Hj -
Zustéinde >} (1) sind fiir v/ = 2,3 maximal.
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Abbildung 2.2: Schematische Darstellung des Potentialverlaufs V(z,t) (in atomaren
Einheiten a.E.) aus Gleichung 2.15 fiir die internuklearen Abstéinde r = 4a.E. (punk-
tiert), r = 8a.E. (durchgezogen) und r = 16a.E. (strichliert) mit @ = a = 2. Abbil-
dung (a) zeigt den feldfreien Fall. In Abbildung (b) wurde ein Laserfeld superponiert,
das zum Zeitpunkt ¢y die Stirke £(tp) = 0.06 a.E. besitzt.

2.13 und 2.14 dargestellte, zweistufige Hy -Zerfallsprozefl geht bei hohen Laserin-
tensitdten in einen vollig neuartigen, als dissociative ionization bezeichneten, ein-
stufigen Proze Hf — H*+HT iiber. In diesem Wechselwirkungsregime hingt die
Ionisationsrate sensitiv vom internuklearen Abstand r der dissoziativ auseinan-
derlaufenden Kerne ab. Betrachtet man ein zweiatomiges Molekiilion mit Kernla-
dung @ und internuklearem Abstand r, das parallel zum elektrischen Feldvektor
E(t) = Ey F(t) cos(wpt) [F(t) entspricht der Einhiillenden] einer linear polarisier-
ten Lichtwelle mit Frequenz w, ausgerichtet ist, so bewegt sich in der single active

electron-Ndherung das gebundene Elektron in einem Coulomb-Potential der Form

Q Q

V(2= 5)?+a? (z 4 5)* + a?

Dabei stellt a einen in der Ionisationstheorie hiufig gebrauchten smoothing-Pa-

V(z,t) = — —zE&(1). (2.15)

rameter dar, der dazu dient, die Polstellen bei +7/2 zu verhindern. Die Be-
schrinkung auf eine eindimensionale Elektronenbewegung ist ausreichend, um die
wesentlichen Eigenschaften der dissoziativen lonisation in starken Feldern zu erfas-
sen [43, 44]. In Abbildung 2.2 ist dieser Potentialverlauf (a) bei Abwesenheit eines
duBeren Feldes und (b) bei superponiertem Feld zu einem festen Zeitpunkt ¢ = ¢,
in Abhsingigkeit der Koordinate z||€ fiir verschiedene internukleare Abstinde ge-
zeigt. Im Falle kleiner internuklearer Abstéinde nahe dem Gleichgewichtsabstand
(punktiert gezeichnet) ist die Energie des lokalen Maximums viel niedriger als die

des elektronischen Grundzustandes. Die Ionisation ist also der eines atomaren lons
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bzw. — wie vorangehend dargelegt — des neutralen Molekiils dhnlich. Bei grofien
Kernabstéinden wird die innere Barriere zwischen den beiden Potentialtépfen sehr
breit (strichlierte Kurven), so dafl die Wahrscheinlichkeit fiir ein Tunneln des Elek-
trons durch die innere Barriere sehr gering ist und in Konsequenz das Ionisations-
verhalten ebenfalls atoméahnlich ist.

Die Ionisationsdynamik dndert sich drastisch, wenn man sich im Bereich mittlerer
Kernabstéinde befindet (durchgezogene Kurven), in dem sich ein Doppelmulden-
potential ausbildet. Ist die Wellenfunktion des Elektrons nun mit einer endlichen
Wahrscheinlichkeit in der oberen Mulde lokalisiert, so kann das Elektron durch die
vom Laserfeld abgesenkte, schmale innere Barriere direkt ins Kontinuum tunneln.
Die Tonisationsrate ist unter diesen Bedingungen um Groéflenordnungen gegeniiber
dem atomaren Fall erh6ht und man spricht dementsprechend von enhanced io-
nisation gefolgt von einer Coulomb-Explosion der entstehenden Fragmentionen'®.
Theoretische Untersuchungen, unter anderem von Seideman, Ivanov und Corkum
[45, 44, 46], kommen zu dem Ergebnis, daf} es in starken Laserfeldern in einem de-
finierten Bereich internuklearer Abstédnde tatsichlich zu einer nichtadiabatischen
Elektron-Lokalisierung im oberen Potentialtopf kommt und daf} der Abstands-
bereich, in dem die Ionisationsrate sprunghaft ansteigt, nahezu unabhéingig von
den expliziten Laserparametern (Pulsdauer, Wellenlénge, Intensitit) ist. Der so-
genannte kritische Abstand R. ist ndherungsweise durch R. ~ 3/IPy (in atoma-
ren Einheiten) gegeben, wobei Py das atomare Ionisationspotential des Kerns,
bei dem die Elektron-Wellenfunktion lokalisiert ist, bezeichnet!!. Fiir Wasserstoff
bzw. Deuterium findet man mit Py = 13.6eV, dal die enhanced ionisation bei
einem Abstand von R, ~ 3.2 A, also etwa beim dreifachen Gleichgewichtsabstand

des Molekiilions, einsetzt.

Die Ionisationsrate in diesem kritischen Abstandsbereich kann fiir v <1 in erster
Néherung auf der Basis des PPT- bzw. ADK-Modells berechnet werden, indem
man in den Gleichungen 2.5 bis 2.9 das Laserfeld £ und in gleicher Weise das lo-

nisationspotential IP durch entsprechende effektive Grofien

Das Gleichgewichts-ITonisationspotential verliert im kritischen Abstandsbereich seine Bedeu-
tung als Kenngrofie zur Beschreibung der Ionisationsdynamik, da Systeme mit hohem IP(R.)
in diesem Regime effizienter ionisieren konnen, als solche mit viel niedrigerem Ionisationspo-
tential. Unter diesem Aspekt muf auch das im vorangehenden Abschnitt 2.1 berechnete Hj -

Tonisationspotential von 30eV betrachtet werden.
1 Bemerkenswert ist dabei die Unabhiingigkeit der GroBe R. von der Ladung @ des betrach-

teten Fragments. Alle Fragmentionen werden bei demselben Abstand ionisiert und damit 16st
sich das experimentelle ,Rétsel“, dafl alle gemessenen Fragmentenergien einen konstanten Teil
[Req/Rc] der Coulomb-Energie beim Gleichgewichtsabstand Req ausmachen.
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gef[‘('r) = £+ ]Peff(’l“,g) ~ Py + (216)

ersetzt [45, 47], die den Einflul des benachbarten, ,nackten“ Kerns beriicksich-
tigen, bei dem das Elektron nicht lokalisiert ist. Der Parameter ro = ro(r, &)
bezeichnet den Abstand des Maximums der inneren Barriere vom Kern (untere

Potentialmulde), @ ist dessen Ladung.

PPT-Ionisationsrate bei rdumlich isotroper Molekiilorientierung

Bei der Berechnung der Ionisationsrate wurde bisher implizit angenommen, dafl
die internukleare Achse des Molekiils bzw. Ions entlang des elektrischen Feldvek-
tors der Lichtwelle orientiert ist. Eine solche laserinduzierte Ausrichtung beziiglich
eines polarisierten Laserfeldes ist jedoch unter realistischen experimentellen Be-
dingungen nicht sehr wahrscheinlich, wie im néchsten Abschnitt 2.2.1 bzw. im
Anhang dargelegt ist. Vielmehr kann man im allgemeinen von einer statistischen
— d.h. im zeitlichen Mittel rdumlich isotropen — Verteilung der Molekiilachsen
in bezug auf den Feldvektor ausgehen. Untersuchungen zur Tunnelionisation von
molekularem Deuterium haben ergeben, dafl unter diesen Umsténden die [onisati-
onsrate geringer als diejenige eines Atoms mit gleichem Ionisationspotential (Ar)
ist. Im Intensititsbereich zwischen 5- 10" W/cm?® und 10" W/cm® (Mg = 0.79 pm,
0.5 > v > 0.3) betrug die Abweichung etwa einen Faktor 4.

Eine Approximation der molekularen Tonisationsrate unter Beriicksichtigung der
statistischen Molekiilorientierung kann auf einfache Weise erfolgen, indem man im
PPT/ADK-Modell (Gleichung 2.5 bis 2.9) die Kernladung Z = 1 durch eine effek-
tive Kernladung Zeg = 0.72 ersetzt. Fiir Details siche Talebpour et al. [42, 48].

2.2.1 Molekiilorientierung in polarisierten Laserfeldern

Die Frage, in welcher Weise ein polarisiertes, hochintensives Laserfeld die Orien-
tierung von zweiatomigen Molekiilen und deren Ionen in der Gasphase beeinflufit,
wird seit einiger Zeit kontrovers diskutiert. Im Falle nichtrelativistischer Laserin-
tensitdten besteht der dominante Wechselwirkungsmechanismus in der Kopplung
des elektrischen Laserfeldes an ein permanentes oder induziertes elektrisches Di-
polmoment im Molekiil bzw. Molekiilion. Ist die Kopplung stark genug und das
elektrische Feld linear polarisiert sowie zeitlich nur langsam verdnderlich, so wird

sich ein permanentes molekulares Dipolmoment nach einer gewissen Zeitspanne
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parallel zum elektrischen Feldvektor ausrichten. Fiir schnell oszillierende, zeitlich
begrenzte Laserfelder und bei Beschriankung auf ein induziertes Dipolmoment ist
die Situation jedoch wesentlich komplexer und ein Ausrichtungseffekt umstrit-
ten. Verschiedene experimentelle Untersuchungen der letzten Jahre kommen zu
dem Schluf}, daf} sich kleinere zweiatomige Molekiile in der Gasphase sehr schnell
parallel zur Polarisationsebene eines linear polarisierten Laserfeldes ausrichten; je
nach Molekiilart und Laserparametern innerhalb von wenigen zehn Femtosekun-
den bis hin zu einigen Nanosekunden (vgl. [49] bzgl. Cly, [50] bzgl. CO, [51] bzgl.
Ha, [52, 53, 54] bzgl. Ny und [55, 56, 57] bzgl. I,). Als Begriindung fiir die Schlufifol-
gerung einer Molekiilausrichtung wird in allen genannten Experimenten die starke
Winkelabhéingigkeit in der Verteilung der detektierten Fragmentionen angefiihrt.
Neuere Untersuchungen néhren jedoch Zweifel daran, daf§ diese Winkelabhéingig-
keit durch Ausrichtungseffekte verursacht ist. Die Fragmentverteilung kann ohne
die Annahme einer Molekiilausrichtung durch die vorausgehend im Modell der
enhanced ionization beschriebene Steigerung der Ionisationsrate (— Coulomb-
Explosion) in einem kritischen Bereich des internuklearen Abstandes erklért wer-
den [58, 42]. Dieser Effekt héngt sehr sensitiv vom Winkel zwischen Molekiilachse
und elektrischem Feldvektor ab, so dafl bei linearer Polarisation durch die Laser-
polarisationsebene per se eine rdumliche Anisotropie induziert wird. Die Interpre-
tation der Meflergebnisse als Beleg eines alignments steht auch im Widerspruch
zu den Berechnungen von Sukharev und Krainov [59], die die klassischen Bewe-
gungsgleichungen eines zweiatomigen Molekiils im linear polarisierten elektrischen
Laserfeld 16sen und zeigen, daf} eine Ausrichtung selbst leichter Molekiile unwahr-

scheinlich ist.

Zur Abschitzung des Einflusses, den das Laserfeld auf die Orientierung der Hy/Do-
Molekiile und der Hj /D3 -Molekiilionen im vorliegenden Experiment hat, wurde
deren Bewegungsgleichung fiir den Fall linearer und zirkularer Polarisation nu-
merisch gelost. Es zeigt sich, dafl es bei der verwendeten Laserwellenlinge von
790 nm und den ,,maximal applizierbaren® Intensitéten, die physikalisch durch die
Erscheinungsintensitiiten fiir die Ionisation von Hy bzw. Hy begrenzt sind, nicht
zu einer Molekiilausrichtung kommt. Im Falle linearer Laserpolarisation oszilliert
die internukleare Achse sowohl bei Hy /D, als auch bei Hf /D3 mit einer Frequenz
w < wy um den Vektor () der elektrischen Feldstirke. Die Oszillationsamplitu-
de ist dabei mit dem anfinglichen Winkel zwischen Molekiilachse und Feldvektor
5(75) identisch. Bei zirkularer Polarisation fiihren die Hj - bzw. D3 -Molekiilionen
eine langsame Rotation im raumfesten Koordinatensystem aus, konnen der schnel-
len Rotation des Feldvektors £(¢) jedoch nicht folgen. Die Hy- und Dy-Molekiile,

die im Gegensatz zu den Molekiilionen kein permanentes Dipolmoment besitzen,
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bleiben von dem schnell seine Richtung wechselnden Feld nahezu unbeeinflufit.
Eine detaillierte Darstellung der Untersuchungen zur Molekiilbewegung im polari-

sierten Laserfeld findet sich im Anhang.

2.3 Elektronen- und Ionenenergien aus der

optischen Feldionisation

Die kinetische Restenergie (residual energy) der Elektronen und Ionen nach dem
Abklingen des Laserfeldes setzt sich aus zwei Anteilen zusammen. Zum einen
kann unmittelbar im Ionisations- bzw. Dissoziationsprozef} selbst kinetische Ener-
gie auf das Elektron bzw. Ion iibertragen werden. In der quantenmechanischen
Beschreibung des Zerfallsprozesses resultiert die Uberschufienergie daraus, dafl das
Atom oder Molekiil mehr Photonen absorbiert, als zur Ionisation bzw. Dissozia-
tion notwendig sind (above-threshold ionization [ATI] bzw. dissociation [ATD]).
Die iiberschiissige Photonenenergie wird als kinetische Energie auf das freigesetzte
Elektron und/oder die Fragmentionen iibertragen'?. Nach der Freisetzung kann
dann das geladene Teilchen in der Wechselwirkung mit dem elektrischen Feld des
Lasers (bzw. den unabgeschirmten Feldern benachbarter Ladungstriger) weitere
Energie akquirieren. Beschrinkt man sich auf nicht zu hohe Teilchendichten (—
Mikrofelder vernachléssighar) und Laserintensitéten (— Magnetfeld vernachléssig-
bar), so 1a8t sich die Teilchenbewegung im Laserfeld klassisch beschreiben.

Im Bereich der Tunnelionisation, wenn das ponderomotive Potential das Ionisa-
tionspotential deutlich iibersteigt und geringe Photonenenergien vorliegen (®ponq >
IP > huwp), kann das in quantenmechanische und klassische Betrachtungsweise
zweigeteilte Bild der Energieakquisition in einem einfachen semiklassischen Modell
vereinheitlicht werden [8]. Die ATI-Energie ist darin auf die Phasenverstimmung in
Bezug auf das Maximum der elektrischen Feldstéirke zum Zeitpunkt der Ionisation

zurtickzufiithren.

ATI-Energien in semiklassischer Ndherung

Der Vektor der elektrischen Feldstérke eines polarisierten Laserimpulses mit Kreis-
frequenz wy, Amplitude E, und Einhiillender F(7) kann in einer raumfesten, kar-

tesischen Basis in der Form

12Dje iiberschiissige Photonenenergie kann bei nicht vollstsindig ionisierten Fragmentionen auch

zur elektronischen, vibratorischen oder rotatorischen Anregung fiihren.
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E(r) = E, f(T)(COST(?X +¢ sinT€y) (2.17)

dargestellt werden. Zur Vereinfachung wurde mit der Grole 7 = wyt eine dimen-
sionslose Zeitvariable eingefiihrt. Die Polarisationseigenschaften sind durch den
Parameter £ festgelegt, der in den Extremfillen linearer bzw. zirkularer Polarisa-

tion die Werte £=0 bzw. |{|=1 annimmt.

Betrachtet man ein Elektron, das zum Zeitpunkt 7/ aus einem ruhenden Atom
oder Molekiil in ein Laserfeld mit konstanter Amplitude FE,; und Einhiillender
F(7) = 1, sowie Polarisation ¢ freigesetzt wird, so erfihrt dieses eine Kraft, die
im nichtrelativistischen Fall dem elektrischen Laserfeld £(r) proportional ist. Un-
ter Verwendung der Bewegungsgleichung®® m, dit/dt = ¢ £(7) ergibt sich fiir die
Teilchengeschwindigkeit in der kartesischen Basis

v (7) Vos SIN T + Uy, (2.18)

Uy (T) = — & Vos COS T + Vgy, (2.19)

mit den aus den Anfangsbedingungen vy(7') = vy(7') = 0 resultierenden Grofien
Vox = —VosSinT' und vg, = Evescos 7' . Die Kenngrofle vos = eEp/mewy ist mit
der maximalen Oszillationsgeschwindigkeit eines Elektrons im alternierenden (li-
near polarisierten) elektrischen Feld der Amplitude Ej identisch'*.

Das iiber eine Lichtperiode gemittelte Geschwindigkeitsquadrat

(v*) = (vF + vd) = vl ( (€2 +1]/2 +\sin2 7' 4 €2 cos? T') (2.20)
Oszilgtions— Driftb(;;vegung
bewegung

des Elektrons setzt sich aus einer konstanten Komponente aufgrund der Oszil-
lationsbewegung im alterniernden Feld und einer mit der Phase 7' verkniipften

Driftkomponente

Vhire(§,T) = U5 (Sin2 7'+ &% cos? T') (2.21)

X (2.22)

o bei zirkularer Polarisation

v2 sin’ 7' bei linearer Polarisation
v

13Die Elektronenladung wird hier nur betragsmiflig verwendet, da ihr Vorzeichen fiir die nach-

folgenden energetischen Betrachtungen keine Rolle spielt.
14Die korrespondierende Oszillationsgeschwindigkeit vos(H*) der H*-Ionen ist aufgrund der

1/m-Massenabhingigkeit um etwa den Faktor 2000 geringer als die der Elektronen. Infolgedessen
ist auch ihre im Feld gewonnene kinetische Energie vernachlissigbar (vgl. Gleichung 2.23).
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Abbildung 2.3: Abhingigkeit der Driftenergie Epg von der Phase 7/, mit der das
Elektron aus dem Atom bzw. Molekiil ins Laserfeld freigesetzt wurde, fiir verschiedene
Laserpolarisationen £. Auf der rechten Ordinate ist fiir eine Feldstirkenamplitude von
Ey =2.75-108V/em (= I=10"W/cm? bei £ =0) zum Zeitpunkt der Ionisation die

Driftenergie in Elektronvolt angegeben.

zusammen. Bei zirkularer Polarisation || = 1 verlduft die Driftbewegung des Elek-
trons senkrecht zur Richtung des elektrischen Feldes zum Zeitpunkt 7’ der Ionisati-
on. Aus Gleichung 2.20 folgt, dafl man auch bei der zeitlich gemittelten kinetischen
Energie des Elektrons

1 1
(Exin) = 5 Me (v)? = 7 Me v2, [ E+1 + 2(sin? 7 + & cos® T')] (2.23)
N —r ~ v

ponderomotive Driftenergie
Energie

zwischen der ponderomotiven Energie ®ponq = 1 me U5 (€2 + 1) im Feld und der

phasenabhéngigen Driftenergie

1
Epii(&,7') = 3 me v2 (sin® 7/ + &% cos® ') (2.24)
I, sin7’ bei linearer Polarisation
— _mevos : . . . . (225)
2 1 bei zirkularer Polarisation

unterscheiden kann. Die Sensitivitdt der Driftgeschwindigkeit in bezug auf die

Phase 7' ist bei linearer Polarisation am stéirksten ausgeprigt und nimmt mit
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zunehmender Elliptizitit & ab'®, vgl. Abbildung 2.3. Fiir zirkular polarisierte La-
serstrahlung ist Epg = mevgs /2 — so wie auch die Oszillationsenergie — maximal
und nicht mehr von der Phase 7/ zum Zeitpunkt der Ionisation abhingig. An-
schaulich 148t sich dieses Verhalten durch die Zylindersymmetrie der zirkular po-
larisierten Welle erkléren, aufgrund derer man das kartesische Koordinatensystem

bei || =1 immer so ausrichten kann, dal 7/ =0.

Bei Verwendung ultrakurzer Laserimpulse zur Tonisation des Targetgases liefert
die Oszillations- bzw. ponderomotive Energie keinen signifikanten Beitrag zur Re-
stenergie, die den Elektronen nach dem Abklingen des Laserfeldes verbleibt (vgl.
[60, 7, 61, 62, 63, 64]). Die ponderomotive Energie wird unter diesen Umstéinden
nahezu vollstindig an das Feld zuriickgegeben und die Elektronen behalten nach
Abklingen des Laserfeldes nur ihre Driftenergie FEp, parallel bzw. im Falle zir-
kularer Polarisation senkrecht zur Feldrichtung zum Zeitpunkt der Tonisation (vgl.
detailliertere Ausfiihrungen im nachfolgenden Absatz). Diese Driftenergie des semi-
klassischen Modells kann — ohne Einschrédnkung bzgl. der Laserpolarisation — mit
der quantenmechanischen ATI-Energie identifiziert werden [13]. Verwendet man
nédmlich die Phasenverteilung {7}, die sich aufgrund der Abhéngigkeit der Ioni-
sationswahrscheinlichkeit von der elektrischen Feldstédrke im Tunnelmodell ergibt
(Gleichungen 2.5 bis 2.9), so findet man, daf§ sich die berechnete Verteilung der
Driftenergie der Elektronen nicht vom ATI-Energiespektrum im Keldysh-Modell
[25] unterscheidet und demjenigen des Reiss-Modells [65] sehr dhnlich ist. Die Halb-
wertsbreite der Driftenergieverteilung ist im Falle von linear polarisiertem Licht
durch die Phasenverteilung bestimmt, mit der die Elektronen geboren werden. Bei
zirkularer Polarisation ist sie charakteristisch fiir die zeitliche Einhiillende des La-
serpulses.

Die mittlere ATI-Energie der ionisierten Elektronen ist im semiklassischen Modell
durch den Ausdruck

/2
[ R(E(T")) Eprigg (&, 7') dT”’
<EDrift(€)>T, = 0 s (226)

gegeben, wobei R(E(7')) die Tunnelionisationsrate bezeichnet.

Beriicksichtigt man das transversale Intensitétsprofil des Laserfokus und die La-
serpulsdauer, so kann es bei vergleichsweise kleinen Fokusdurchmessernund langen
Laserpulsen auch Beitrédge der ponderomotiven Energie zur Restenergie der Elek-

tronen geben. Deren Grofle hiingt vom ponderomotiven Potentialunterschied ab,

5Die phasengemittelte Driftenergie steigt proportional mit ¢? an.
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den ein driftendes Elektron wihrend der Dauer des Laserpulses im Fokusbereich
durchlduft, und ist somit wiederum mit der Driftbewegung des Elektrons korreliert.
Betrachtet man die zeitliche Entwicklung der Ortskoordinaten x,y des ionisierten

Elektrons, so findet man unter den Anfangsbedingungen x(7') = y(7') = 0

1
:U(T) = ( — Uops COS T + UOXT) (2.27)
Wo
1
y(T) = (_ § Vos SIN T + 'UOyT)- (2.28)
Wo

Damit ergibt sich fiir den zeitabhidngigen Abstand D(7) = y/22(7) + y?(7) des

Elektrons vom Ort seiner Ionisation der Ausdruck

D(r) = Z—Oj \/ (cos T+ 7sin7')?2 + £2(sinT — 7 cos 77)? (2.29)
Vos cosT + Tsin T bei linearer Polarisation
= Do, (2.30)
wo \/1 —27sin(7 — 7') + 72 bei zirkularer Polarisation.

In den Abbildungen 2.4 und 2.5 ist bei linearer und elliptischer bzw. zirkularer
Polarisation die Bewegung des Elektrons iiber 5 Laserperioden dargestellt. Die
charakteristische Oszillation im Laserfeld ist von einer Driftbewegung iiberlagert,
deren Geschwindigkeit AD/AT bei linearer und elliptischer Polarisation von der
Phase 7" abhingt. Nur im Falle zirkularer Polarisation ist die Driftgeschwindigkeit
phasenunabhéngig (vgl. auch Gleichung 2.22). Die maximale Driftgeschwindigkeit
AD/AT =45 /wy, die bei gleicher Feldstirke fiir alle Polarisationen identisch ist,
wird von denjenigen Elektronen erreicht, die bei einer Phase von 7/ = 7/2 ioni-

siert werden, wihrend die minimale Driftgeschwindigkeit mit 7' =0 verkniipft ist.

Lineare Polarisation {
30F 425

Abbildung 2.4: Zeitliche
Entwicklung des Abstandes
D des Elektrons vom Ort

seiner lonisation bei line-

25t

20t arer Laserpolarisation fiir

zwel verschiedene Ionisa-
10k tionsphasen 7/. Auf der
rechten Ordinate ist der
Abstand in nm bei einer
Feldstirke von Ey = 2.75 -
0 5 10 15 20 25 30 10® V/cm angegeben (A =

T 790 nm).

D (in Vielfachen von ves/wy)
o

o
wo/ A (0T - GL° = 0f toq (wu ur) (7
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] roT T ' S  Abbildung 2.5: Zeitliche
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Greift man sich nun die schnellsten Elektronen (mit AD/AT = ves/wp) heraus
und nimmt an, dafl diese im Bereich der Erscheinungsfeldstirke des Ho-Molekiils
ionisiert wurden, so findet man bei A\y = 790 nm eine Driftgeschwindigkeit von
etwa 6nm pro Laserperiode (Fy = 2.75 - 103 V/cm zugrunde gelegt). Innerhalb
von 200 Schwingungszyklen, d.h. etwa der 4-fachen Halbwertsdauer der ATLAS-
Laserpulse (vgl. Kapitel 5), kann ein solches Elektron also bestenfalls eine Distanz
von 1.2 um iiberbriicken'®. Im Vergleich zum 1/e?-Fokusdurchmesser des vorliegen-
den Experimentes von 35 um (siehe Abbildung 5.11 in Kapitel 5) wird klar, daf
der auf dieser Strecke durchlaufene ponderomotive Potentialunterschied so gering
ist, da der damit verbundene Energiegewinn des Elektrons vernachléssigbar ist.
Die Elektronentemperatur, die sich nach der Thermalisierung einstellt, resultiert

also ausschliefllich aus der Driftenergie(verteilung) der Elektronen.

Nimmt man an, daf} sich (a) die Elektronen iiber den Zeitraum einiger Pikose-
kunden als konservatives System beschreiben lassen und da8 sich (b) ihre Energie-
verteilung zum Zeitpunkt der Messung zu einer Maxwell-Verteilung thermalisiert
hat'”, so kann man das Elektronengas als ideales Gas betrachten und ihm zu die-

sem Zeitpunkt geméfl

16 Auch bei Beriicksichtigung des Pulspedestals aus Abbildung 5.2 in Kapitel 5 ist die Zahl von
200 Laserperioden eine gute Approximation der Zeitspanne, die dem Elektron fiir einen pondero-
motiven Energiegewinn zur Verfiigung steht. Der maximale Bewegungsradius der Elektronen wird
zusitzlich durch die hohe Teilchendichte im Plasma eingeschrénkt. Durch Sté8e der Elektronen
untereinander bzw. zwischen Elektronen und Ionen ist eine 90°-Ablenkung der Elektronenbahn

schon nach wenigen zehn Laserperioden wahrscheinlich (vgl. Abschnitt 3.1).
17Beide Voraussetzungen sind im vorliegenden Experiment durch die Wahl des Mef3zeitpunktes

erfiillt. Wie in Abschnitt 3.1 gezeigt ist, thermalisieren die Elektronen untereinander innerhalb
von einigen hundert Femtosekunden. Der Energietransfer zwischen Elektronen und Ionen findet
jedoch auf der Skala von einigen hundert Pikosekunden statt.
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3 1 oo
2 kT, = —/ n(E) EdE (2.31)
2 Ne J0

eine makroskopische Temperatur T, zuordnen. n(E) bezeichnet dabei die Vertei-
lungsfunktion der Elektronenenergien (Anzahldichte der Elektronen mit Energie
E im Energieintervall [ E, E+dFE'|) im Anschlufl an den Ionisationsprozefl und n,
die Gesamtanzahldichte (Normierung [*n(E) dE = n,).

Coulomb-Explosion

Die kinetische Energie der Ionen, die im Zerfallsprozel entstehen, stammt unter
den gegebenen Bedingungen primér aus der Coulomb-Explosion der beiden Atom-
kerne im Anschluf an die dissoziative Ionisation des Hj-Molekiils. Mechanismen,
wie die ponderomotive Beschleunigung der Ionen im Laserfeld, konnen aufgrund
der im Vergleich zu den Elektronen grofien lonenmasse, der kurzen Pulsdauer und
des groflen Fokusdurchmessers vernachléssigt werden.

Die Coulomb-Energie zweier Kerne/Fragmentionen mit den dimensionslosen Kern-

ladungen @1 und @», die sich im Abstand r voneinander befinden, ist durch

14.40Q1 Q2

EqouleV] = A A]

(2.32)

gegeben. Fiir den geméf der einfachen Faustregel in Abschnitt 2.2 ermittelten kriti-
schen Abstand R, ~ 3.2 A bei HJ und D ergibt sich damit eine Coulomb-Energie
von Eq,, ~ 4.5eV. In dem Sinne, daf} R, die Untergrenze des Abstandsbereiches
abschétzt, in dem enhanced ionization stattfinden kann, markiert diese Energie
die ungefihre Energieobergrenze fiir die aus der Coulomb-Explosion resultierende
Verteilung der Ionenenergien.

Detailliertere Berechnungen von Dietrich et al. [47] zur dissoziativen Ionisation
von Wasserstoff und Deuterium in einem 2.5 ps (FWHM)-langen GauBpuls mit
10 yam-Wellenlinge und einer Intensitit zwischen 5-10" W/cm® und 3-10™ W /cm”
liefern eine mittlere Ionenenergie im Bereich von 0.2 — 1.2eV. Auch wenn die
Parameter der Simulation um einiges von den Laserparametern im Thomson-
Streuexperiment abweichen'®, kann aus der Simulation dennoch eine Tendenz fiir

die Ionentemperaturen im vorliegenden Experiment abgeleitet werden. Im Bereich

18Begieht man das Pedestal des ATLAS-Pulses mit ein, so kommt die in der Simulation
angenommene Pulslédnge sogar in die Ndhe der im Experiment vorliegenden Pulsdauer. Ein Bezug
zwischen Simulation und Experiment im Hinblick auf die verwendeten Wellenldngen ist insofern
gegeben, als sowohl fiir A = 10 um, als auch fiir A = 790nm bei den zugehorigen Intensitidten

von dominanter Tunnelionisation ausgegangen werden kann.
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122510 VV/(:m2 zeigt sich ndmlich eine Sattigung im Anstieg der lonenenergien
beider Isotope. Die zugehérige mittlere Ionenenergie liegt bei 1.2eV bzw. 0.85eV
im Falle von Hy bzw. Ds. Es erscheint einleuchtend, dafl eine weitere Steigerung
der Spitzenintensitéit keine Auswirkung auf die Coulomb-Energien haben sollte, da
der Prozef3 der enhanced ionization bei Erreichen des Intensitdtsmaximums bereits
abgeschlossen ist und die Ionen aufgrund ihrer Masse im Laserfeld nicht nachbe-
schleunigt werden.

Die in [47] berechneten Ionenenergien stimmen gut mit den von Ilkov et al. [37, 38]
in einem Experiment mit 10 um-Nanosekundenpulsen gemessenen Ionentempera-

turen von 0.7 eV fiir Wasserstoff und 0.6 eV fiir Deuterium tiberein.



Kapitel 3

Plasmaeffekte in

optisch-feldionisierten Gasen

Bei der optischen Feldionisation von Gasen im Teilchendichtebereich > 10'"cm ™3
miissen neben der Wechselwirkung des Laserfeldes mit den Einzelatomen oder
-molekiilen auch die kollektiven dynamischen Effekte im entstehenden Plasma in
die Interpretation der Mefergebnisse einbezogen werden. In diesem Kapitel wer-
den die wichtigsten Prozesse dargestellt, die unter den vorliegenden experimen-
tellen Gegebenheiten einen Einflufl auf die Laser-Plasma-Wechselwirkung haben
konnen. Der erste Abschnitt beschreibt die Relaxation der anfinglichen Geschwin-
digkeitsverteilungen von Elektronen und Ionen. Die Relaxationsprozesse legen den
Zustand des Plasmas zum Diagnose-Zeitpunkt fest und sind grundlegend fiir die
Plasmaheizung. Daran anschlieBend werden einige Mechanismen der Strahlungs-
absorption in einem Plasma dargestellt. Der dritte Abschnitt beschiftigt sich mit
den raumlichen und spektralen Modifikationen, die ein Laserpuls bei der Propa-
gation durch ein ionisierbares Gasvolumen erfihrt und die insbesondere fiir die

Auswertung der Thomson-Streuspektren von Bedeutung sind.

3.1 Relaxationsprozesse in Plasmen

Klassifizierung der OFI-Plasmen

Um das physikalische Verhalten eines Plasmas zu beschreiben, wird hiufig der
dimensionslose Kopplungsparameter I' herangezogen, der als Verhiltnis der cha-
rakteristischen Coulomb-Energie zur kinetischen Energie kg7 definiert ist. I' kann

z.B. fiir die Elektron-Elektron- oder Ton-Ton-Wechselwirkung in der Form

25
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1 Z%e?

Fa.a =
dmey n;1/3 kT,

(3.1)

dargestellt werden, wobei Z, den Ladungszustand und 7, die Temperatur der

~1/3

o /° stellt den charakteristischen

Teilchensorte a = e,7 bezeichnen. Die Gréfle n
Abstand zwischen einem Teilchen der Sorte a und seinem néchsten Nachbarn dar.
Bei Kopplungsparametern [, [';; < 1 wechselwirken die Teilchen im Plasma nur

schwach miteinander.

Fiir die im Rahmen dieser Arbeit untersuchten Wasserstoff- und Deuterium-Plas-
men mit Teilchendichten N = 6 - 107 — 6 - 10"®cm ™3, Elektronentemperaturen
T, < 10eV und Ionentemperaturen 7; in der Gréflenordnung von 1eV, liegen die
Kopplungsparameter zwischen 0.01 < I'pe < 0.26 bzw. 0.1 < I'; < 0.4.

Im n — T-Zustandsdiagramm entspricht dies dem Bereich idealer' Elektronenplas-

men bzw. schwach gekoppelter lonenplasmen.

Geschwindigkeitsrelaxation

Bei der Thermalisierung der Geschwindigkeitsverteilungen und der Absorption von
Laserenergie im Plasma spielen Coulomb-Kollisionen zwischen den Ladungstrigern
eine entscheidende Rolle. Wegen des langreichweitigen 1/r-Potentials® (r < Ap)
handelt es sich dabei nicht um Einteilchenstofle, sondern um korrelierte Mehrteil-

chenwechselwirkungen zwischen vielen Elektronen und Ionen.

Die StoBzeit (7,,), die ein geladenes Teilchen im Mittel benotigt, um durch Cou-
lomb-St683e eine kumulative Ablenkung um 90 Grad zu erfahren, stellt ein Maf fiir
die Dauer der Geschwindigkeitsrelaxation dar.

Fiir eine Maxwellsche Geschwindigkeitsverteilung ist die mittlere Elektron-Ion-
StoBfrequenz (7;)~!, d.h. die Rate, mit der sich die Geschwindigkeitsverteilung
der Elektronen durch Stéfle mit dem Ionenhintergrund thermalisiert bzw. isotro-

pisiert, durch

()l = 1 ni Z%e* In A _ 1 ne Z € In A, (3.2)

327328 md? (kpT)32 321328 mil? (kpT,)3/?

! Der Begriff ,,ideal wird analog zur Thermodynamik der Gase verwendet und beinhaltet hier,

daf sich viele Teilchen im Debyevolumen befinden.
2Fiir Absténde r groBer als die Debyeléinge Ap wird das Coulomb-Potential durch den Faktor

e~"/Ap abgeschirmt.
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gegeben [66, 67]. Dabei bezeichnet Z den Ionisationsgrad des Plasmas® und In A,
den im Anhang ndher erlduterten Coulomb-Logarithmus in bezug auf die Elek-
tronen®. Die Elektron-Ion-Stofrequenz ist insbesondere fiir die Dimpfung von
Plasmawellen und die Absorption elektromagnetischer Strahlung im Plasma von

entscheidender Bedeutung.

Aufgrund der sehr unterschiedlichen Massen von Elektronen und Ionen relaxie-
ren beide Teilchenarten primér durch Coulomb-Kollisionen innerhalb der eigenen
Teilchengruppe. Fiir die entsprechenden Stofraten (7..)~' und (7;)~' findet man

in Anlehnung an Gleichung 3.2

1 na. Zae* In A,

dh. (7)™ = 2.9-107% InA, nefem ™3]/ (TL[eV])*?,
(i) s = 6.8-107%A7Y2 Z* InA; ny[em 3] /(Ti[eV])?/2

mit In A, = In (1.55- 101 (T, [eV])¥2 /(Z* ny[em 3])1/?), A=Massenzahl des Tons.

Ein Vergleich von (7;) und (7e) zeigt, daf in einem niedrig-Z-Plasma die Ionen
ihre Gleichgewichtsverteilung viel spéter als Elektronen gleicher Temperatur errei-

chen

(T3i) ~ <E>I/2<£>3/2Z4 (Tee)- (3.4)

Me Te

Bei optisch-feldionisierten Plasmen ist jedoch in der Regel die Elektronentempera-
tur unmittelbar nach der Ionisation deutlich hoher als die Ionentemperatur. Dies
fithrt dazu, dafl die Geschwindigkeitsrelaxation von Elektronen und Ionen in der

Anfangsphase des Plasmas auf einer vergleichbaren Zeitskala stattfindet.

Im Hinblick auf eine moglichst hohe Aussagekraft der Thomson-Streuspektren
ist der Diagnostik-Zeitpunkt des OFI-Plasmas so zu wiéhlen, dafl die Geschwin-
digkeitsverteilungen von Elektronen und Ionen weitgehend der Maxwellverteilung
entsprechen. Die in Gleichung 3.3 eingefiihrte Relaxationszeit (7,,) ist dabei ein
MaB fiir die Ubergangszeit einer beliebigen isotropen Anfangsverteilung zu einer
Maxwellverteilung [67]. Dies gilt eingeschrinkt auch fiir riumlich-anisotrope An-

fangsverteilungen (sieche Anhang).

3Fiir ein quasineutrales Plasma gilt ne = n; Z.
4Die hiufig in der Fachliteratur zu findende Nomenklatur In A setzt implizit den Bezug auf

die Plasmaelektronen voraus. Wegen der nur logarithmischen Abhéngigkeit von Z, T, und n,
wird oftmals generell nur der Coulomb-Logarithmus der Elektronen verwendet.
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Fiir die vorangehend beschriebenen experimentellen Parameter dieser Arbeit und
ein Verhiltnis von Elektronen- zu Ionentemperatur von 7,/T; ~ 5 — 10 ergeben
sich gemédfl Gleichung 3.3 e-e-Relaxationszeiten in der GréB8enordnung von etwa

200 — 1200 fs. Die i-i-Relaxationszeiten sind jeweils um den Faktor 2 - 3 lénger.

Energierelaxation

Die Energiedquipartition zwischen Elektronen und Ionen und damit die Tempera-

turrelazation zwischen beiden Teilchengruppen kann in der Form

E T T — T,
(%) = §ne kgp (5—> = §ne k‘Bli (35)

dargestellt werden [66, 67], wobei (d£/6t)e den mittleren Leistungsflufl von den
Elektronen auf die Ionen (bei T, > T}) und t3" die mittlere Rate bezeichnet, mit
der die Temperaturangleichung erreicht wird. Fiir die Energiedquipartitionszeit ¢

findet man

my

tei = <Tei>- (36)

2me
Die Zeitskala, auf der die Elektronen und Ionen Energie austauschen, ist also um
den Faktor m;/(2m,) linger als die mittlere Elektron-Ion-Stozeit® und liegt un-
ter den vorliegenden experimentellen Bedingungen (m;/me ~ 2 -10%) im Bereich
einiger hundert Pikosekunden bis zu einigen Nanosekunden.
Bei Stolen innerhalb der eigenen Teilchengruppe ist die Energierelaxationszeit
dagegen anndhernd gleich der Geschwindigkeitsrelaxationszeit, tee ~ (7ee) und
tii ~ (1), d.h. die Elektronen und Ionen kommen untereinander sehr schnell ins

thermische Gleichgewicht.

Als Ordnungshierarchie ergibt sich:

ti o~ <7—ii> )
m-
lei ~ 9 Trlle <Tei>

®Eine anschauliche Erklirung liefert der Energietransfer AE/E ~ 2m,/(me + m;) bei einem
elastischen Elektron-Ion-90°-Stof3, wohingegen fiir e-e bzw. i-i-Stofe gemif dieser Beziehung
AE/E ~ 1 gilt.
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3.2 Plasmaheizung durch kollektive Effekte

Im Hinblick auf die Realisierung von Rekombinations-Réntgenlasern, die auf der
optischen Feldionisation durch kurze Laserimpulse basieren, werden neben der in
Abschnitt 2.3 beschriebenen ATI-Temperatur der Elektronen auch eine Reihe von
Plasmaeffekten diskutiert, die — trotz kurzer Pulsdauer — zu einer unerwiinschten
Heizung der Elektronen oder auch zu einer signifikanten Reduktion der fokalen
Laserintensitét durch Streuprozesse fithren konnen [11, 12].

Bei niedrigen Elektronendichten n, < ne, stellt die Inverse Bremsstrahlung den im
Vergleich effizientesten Mechanismus der Energieabsorption aus dem Laserfeld dar.
Dariiber hinaus kann hochintensives Laserlicht durch sogenannte Plasmainstabi-
litdten, wie Stimulierte Raman und Compton Streuung, auch Plasmawellen grofler
Amplitude anregen, die bei ihrer Dampfung das Plasma aufheizen. Da es sich bei
den Plasmainstabilitdten um Schwellenphénomene handelt, hingt es sensitiv von
den experimentellen Parametern — insbesondere von Elektronendichte, Plasmas-
kalenliinge®, Laserintensitiit und -pulsdauer — ab, ob und in welchem Mafle sie
zur Heizung des Plasmas beitragen. Zudem sind die genannten Prozesse der Ener-
gieabsorption dahingehend miteinander korreliert, dal sie in starker Konkurrenz
zueinander stehen und sich somit gegenseitig stabilisieren, d.h. in ihrer Entstehung

und Effizienz begrenzen, kénnen.

3.2.1 Inverse Bremsstrahlung

Der auch als Frei-Frei-Absorption oder Stoflabsorption bekannte Prozef3 der In-
versen Bremsstrahlung beruht darauf, daf die kohérente Oszillationsbewegung der
Elektronen im elektrischen Feld eines Lasers durch statistische Kollisionen zwi-
schen Elektronen und Ionen gestort wird. Auf diese Weise wird ein Teil der kohéren-
ten Ozillationsenergie Fos der Elektronen in thermische Energie umgewandelt. Die
iiber eine Laserperiode gemittelte Heizrate Pg ist als Produkt von Oszillations-

energie und effektiver Elektron-Ion-Stofifrequenz gegeben [68, 69]:

2B B €21y vy

Vei = .
2m, wk Me & CW3E

Pp = kpTe)is = EosVei = (3.7)

Die Plasmaskalenlinge L = n, (dne/dx) ' ist die charakteristische Lingenskala, auf der eine
signifikante Anderung in der Elektronendichte im Plasma auftritt. Bei unterdichten Plasmen
(ne < mey) spricht man bei L < 102X\ oft von einer ,kurzen® Skalenlinge, bei L > 103Xy von
einer ,langen®.
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Die in Gleichung 3.7 enthaltene effektive Stoffrequenz v,; ist im Falle hoher La-
serintensitidten und damit grofler Oszillationsgeschwindigkeiten vos der Elektronen
nicht mit der in Gleichung 3.2 eingefiihrten Elektron-Ton-Stofifrequenz (7;)~" iden-
tisch. Aufgrund des modifizierten Wirkungsquerschnittes fiir die Bremsstrahlungs-
absorption bzw. -emission eines Elektrons in einem starken externen Feld, muf} der
Korrekturfaktor

2 2 \—3/2
Fy = (1 + %) (3.8)

3 Uthe

beriicksichtigt werden [70]. Dabei bezeichnet vy, die charakteristische thermische
Geschwindigkeit der Elektronen’. Die effektive Stofifrequenz ist dann unter der

Annahme wy > v ndherungsweise durch
Vei = Fos <7—ei>71 (39)

gegeben [15].

Bei niedrigen Laserintensititen, wenn ves/vighe < 1 und damit Fis ~ 1, steigt die
Heizrate gemifl Gleichung 3.7 linear mit der Intensitéit an und ist bedingt durch v
eine sensitive Funktion der Elektronentemperatur. Fiir hohere Laserintensitéiten,
Wenn vy > Uinhe, fiihrt der rasch kleiner werdende Korrekturterm jedoch dazu, dafl
die Energieabsorption mit weiter zunehmender Intensitdt abnimmt. In diesem In-
tensitdtsregime ist die Heizrate nahezu unabhéngig von der Elektronentemperatur.
Abbildung 3.1 zeigt fiir die im Experiment vorliegenden Plasma- und Laserpara-
meter die Heizrate Pig als Funktion der Laserintensitét bei drei verschiedenen
Elektronentemperaturen.

Abbildung 3.1: Abhing-
igkeit der Heizrate PFip
von der Laserintensitit bei
Ao =790 nm fiir verschiede-
ne Elektronentemperatur-
en T, in einem Wasser-

stoff- bzw. Deuterium-Plas-

Heizrate P (eV/ps)

ma mit FElektronendichte

ne=10% cm 3.

2 | L PR | L
1015 10]6
Laserintensitat 1, (W/cm?)

"Fiir intensives Laserlicht ist vos 3> vgpe. Die Groflen ves, Eos und wvgpe sind im Anhang
definiert.
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Bedingt durch den Korrekturfaktor Fis existiert ein Maximum der Heizrate im
Intensitiitsbereich zwischen 5 - 10" — 5 - 10' W/cm®, dessen Position sich mit
steigender Elektronentemperatur zu hoheren Laserintensitiiten verschiebt®. Abso-
lut gesehen ist die Energieabsorption des Plasmas durch Inverse Bremsstrahlung
unter den vorliegenden Umstédnden eher gering im Vergleich zur erwarteten ATI-
Temperatur, wenn man beriicksichtigt, dafl die Zeitskala der Absorption aufgrund
der kurzen Impulsdauer in der Gréflenordnung von nur einigen hundert Femtose-
kunden liegt.

In Abbildung 3.2 ist dargestellt, wie die Heizrate mit steigender Elektronendichte
des Plasmas anwéchst.

151 s, ' Abbildung 3.2: Abhing-
=107 Wem igkeit der Heizrate Pg in ei-
—%,= 395 nm ] & B
’(g [ %,= 790 nm ] nem Wasserstoff- bzw. Deu-
% 10l o0 terium-Plasma mit Elektro-
o 1= 10" w/iem® nentemperatur 7, = 5eV
o i _ R
o L ° K=3%5nm . o : von der Elektronendichte
b r+ A,=790nm o Lt 1 .. . .

5 5 SR i n, fiir zwei verschiedene La-
T = + serintensititen Iy und La-
T 1 serwellenlédngen Ag.

3x10"” 10" 3x10"

Elektronendichte n_ (cm™®)

Wihrend bei geringer Elektronendichte nur eine schwache Abhéngigkeit von In-
tensitdat und Wellenldnge der ionisierenden Laserstrahlung besteht, ist im Bereich
hoher Dichte die Stoflabsorption fiir lingere Wellenléingen und hohe Intensitéten
deutlich ineffektiver, als fiir kurzwelliges Laserlicht moderater Intensitéit. Im Ex-
periment konnte also prinzipiell der frequenzverdoppelte 395 nm-Diagnosepuls bei
einer (Pump-)Laserintensitéit von bis zu 2.1-10' W/cm? und einer Konversionsef-
fizienz von etwa 25% zur Heizung des Plasmas beitragen. Der bzgl. der Intensitéit
stark nichtlineare Verdopplungsprozef erzeugt jedoch ein sehr hohes Pulskontrast-
verhéltnis 1/I5(395nm) ~ 107 (wihrend 1ps), so daf die effektive Wechselwir-
kungsdauer auf die Halbwertsbreite des Pulses von 130 fs begrenzt ist. Auf dieser
Skala findet keine signifikante Energieabsorption statt. Im Gegensatz dazu liegt
der Pulskontrast des Pumppulses nur bei etwa I/I5(790nm) ~ 1073,

8Der Intensititsbereich, in dem das Maximum der Heizrate liegt, hiingt auch von der Elek-
tronendichte des Plasmas ab.
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3.2.2 Parametrische Instabilititen

In der Wechselwirkung intensiver Laserstrahlung mit einem Plasma kénnen elek-
trostatische Eigenschwingungen im Plasma angeregt werden, wenn die Laserinten-
sitdt einen gewissen Schwellenwert erreicht, bei dem die Pumpenergie die Ener-
giedissipation im Plasma (Landau-Dampfung, stoinduzierte Dampfung, Inhomo-
genitdten) iibersteigt. Die aus dem Rauschen heraus anwachsenden Plasmaeigen-
moden koppeln iiber eine gestreute Lichtwelle oder die Anregung einer weiteren
Plasmamode wieder auf die erregende Lichtwelle zuriick?. Dieser Riickkopplungs-
mechanismus fiihrt zur Erzeugung der parametrischen Instabilitit, die formal als
resonanter Zerfall der einfallenden elektromagnetischen Welle mit Frequenz wy und
Wellenvektor ko in zwei Tochterwellen mit (wy, k1) und (ws, ko) unter Erfiillung

der Resonanzbedingungen

Wp = Wy +w2,

k() - k1+’{72

beschrieben werden kann. Unter den gegebenen experimentellen Bedingungen sind
die im folgenden betrachtete Raman- und Compton-Instabilitit von potentieller

Bedeutung fiir die Plasmaheizung.

Stimulierte Raman-Streuung (SRS)

Bei der Raman-Instabilitit handelt es sich um den Zerfall eines Laserphotons
(wo, ko) in ein gestreutes Photon (ws, ks) und eine Elektron-Plasmawelle (= Plasmon)

(Wepw, Kepw) gemaf

Wo = Ws+ Wepws (3.10)

ko = ky+ Kepw. (3.11)

Da die Elektronplasmafrequenz wp die untere Grenzfrequenz fiir die Ausbreitung
elektromagnetischer Strahlung in einem Plasma darstellt, gilt wy > wpe. Bei Ver-

nachlissigung der thermischen Korrektur'® zur Frequenz der Elektronplasmawelle,

9Der Riickkopplungsmechanismus kann sehr anschaulich durch das mechanische Analogon
zweier gekoppelter Oszillatoren dargestellt werden, die durch einen dritten ,, Pumposzillator* zur
Schwingung angeregt werden (vgl. [71]).

ODie Frequenz der Elektronplasmawelle in Abhingigkeit von der Elektronentemperatur ist
durch die Gross-Bohm-Dispersionsrelation (Gleichung 4.5 in Abschnitt 4.1) gegeben.
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d.h. Wepw =~ wpe, ergibt sich wy 2 2wpe und es folgt mit w2, /wi = ne/ne: , dal Sti-

< ner/4 auftreten kann. Die Disper-

~J

mulierte Ramanstreuung nur bei Dichten n,
sionsrelation fiir die Raman-Instabilitit zeigt, dafl bei Riickwérts- oder Seitwérts-
streuung der Prozefl nur fiir den zu kleineren Frequenzen verschobenen Zweig
(ws = wWp — Wepw) resonant ist. Als experimentelle Signatur der Raman-Instabilitét
im Streulichtspektrum wiirde man dementsprechend ein Signal erwarten, das in

bezug zur Laserfrequenz etwa um die Elektronplasmafrequenz rotverschoben ist.

Unter der Annahme ne <ne bzw. wpe <wp findet man fiir die maximale homo-

gene Wachstumsrate ysgrrs bei Riickwirtsstreuung [68]

v w /(.UO 1/2
08 pe
RRS — — \ T . 3.12
YSRRS Wo 2 (1 pe/ 0> ( )

Die maximale Wachstumsrate ygrss fiir 90°-Streuung ist um den Faktor 1/ V2
geringer.

In einem Plasma der Dichte 1.7-1073 n.,, wie es im Experiment bei einem Hy-Druck
von 50 mbar entsteht, das mit 790 nm-Laserlicht der Intensitit 5-10'5 W /cm® wech-
selwirkt, betrigt die Zeitspanne ygggs fiir das Anwachsen der Stimulierten Raman-
Riickwirtsstreuung nur etwa 85 fs.

Aufgrund der Ddmpfung der Tochterwellen (ks, Kepw) im Plasma kann sich die

Instabilitiit jedoch erst ab einer Laserintensitit!'! entwickeln, die der Bedingung

(%)2 > (Wpe>2 () (3.13)

C Wo Wo Wpe

geniigt [72]. Dabei ist als Dampfungsmechanismus nur die stofinduzierte Damp-
fung von Plasmawelle und gestreuter Lichtwelle angenommen. (7)™ stellt die

Elektron-Ion-Stofifrequenz aus Gleichung 3.2 dar.

Eine Sattigung der SRS durch Elektron-Ion-St68e kann dann erfolgen, wenn
die StoBfrequenz (7;) ! hoch genug ist, um der Bedingung (7i) ™' 2 27Ysrrs
zu geniigen. Bei den experimentellen Parametern n, < 1.7 - 1073 ne, und T, <
10eV ist dies jedoch nicht erfiillt. Gerade im Bereich geringer Elektronendichten
fithrt allerdings die Landau-Dampfung im Plasma zu einer Begrenzung der SRS-
Wachstumsrate [68].

Detaillierte Untersuchungen zur Stabilisierung der SRS durch Inverse Bremsstrah-

lung bzw. Stimulierte Brillouin-Streuung, sowie zum Einfluf}l von Landau-Démpfung

" Zwischen der Laserintensitéit I und der Grofie v2,/c? besteht im nichtrelativistischen Fall
der Zusammenhang v2, /¢? = 0.0073 - Io[10'® W /cm’] - (Ao[pm])2.
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und Frequenzbandbreite des Laserlichtes? finden sich in den Referenzen [73, 74,
75, 76, 77).

Den vorausgehenden Abschitzungen von Wachstumsrate und Schwelleninten-
sitdt der SRS liegt die Annahme eines homogenen Plasmas und eines zeitlich infi-
niten Pumppulses zugrunde. Beriicksichtigt man die endliche Skalenlénge L eines
konventionellen OFI-Plasmas, so erhoht sich die Schwellenintensitéit, da die reso-
nante 3-Wellen-Wechselwirkung nur in einem begrenzten Bereich entlang der Rich-
tung der Inhomogenitit stattfinden kann, und die Propagation der Tochterwellen
aus diesem Resonanzbereich heraus die Wachstumsrate begrenzt. In Anlehnung an
Baldis et al. [68] ergibt sich im Falle n,<n./4

4.10'7

fsmnsW/em) 2 70 ]

(3.14)

Bei Raman Seitwértsstreuung ist die Schwellenintensitét nach Liu et al. [78] um
den Faktor 3.5-107°T,[eV] reduziert, da die seitlich gestreute Lichtwelle weniger
stark durch den Dichtegradienten beeinflufit wird.

Die Léngenskala, auf der die Elektronendichte n, sich nicht wesentlich dndert,
ist durch die Rayleigh-Lénge Lr ~ 1.2mm des Laserfokus gegeben. Innerhalb der
Rayleigh-Liange kann der Wechselwirkungsbereich zwischen Laserpuls und Plasma
jedoch maximal eine charakteristische Grofle erreichen, die dem Produkt aus Vaku-
umlichtgeschwindigkeit und Pulsdauer entspricht. Nimmt man unter Beriicksich-
tigung des Pulspedestals eine effektive Pulsdauer von etwa 2 ps an (vgl. Abschnitt
3.2.1 bzw. 5.1), so ergibt sich fiir die Skalenlinge der Interaktion die Grofen-
ordnung L ~ 600 pm. Mit Ay = 790nm findet man eine Schwellenintensitdt von
Isgrs ~ 8- 1014 W/ cm? fiir die Anregung der Raman-Instabilitéit. Im Hinblick auf
die im Experiment erreichten Spitzenintensitéten ist also davon auszugehen, dafl

Stimulierte Raman Riickwérts- und Seitwirtsstreuung auftreten.

Unter dem Aspekt der zeitlichen Begrenzung der Pumppulsdauer rpwy wird von
Eder et al. [12] im Bereich n,<n/4 das Kriterium

3 _
TRWHM < 1 Yirgs In @ (3.15)
fiir einen signifikanten Beitrag der Stimulierten Raman-Riickstreuung zur Aufhei-

zung des Plasmas gegeben. Die dimensionslose Grofle @ stellt das Verhéltnis aus

der anfinglichen Gesamtenergiedichte Uy, = %ne kg Te des Plasmas zur Energie-

2Eine grofile Frequenzbandbreite des einfallenden Laserlichtes fiihrt zu einer Reduktion des
Raman-Gains.
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dichte Uy; der instabilsten anfinglich vorhandenen Plasmamode dar. @ liegt in
der Groflenordnung von 10% — 108. Ist die Ungleichung 3.15 erfiillt, so sollte die
SRRS das Plasma nicht signifikant heizen. Die Giiltigkeit des obigen Kriteriums
wird durch PIC-Simulationen fiir Sub-Pikosekunden Laserpulse gestiitzt [12, 11].
Mit der berechneten Zeitspanne yippg ~ 85fs fiir das Anwachsen der Instabilitit
und ® = 107 ergibt sich als Grenzwert der Pumppulsdauer mpwiv < 1ps. Geht
man von der Halbwertsdauer der ATLAS-Pulse von 130 fs aus, so sind Heizeffekte
durch SRS vernachldssigbar. Unter Beriicksichtigung des Pulspedestals befindet

man sich jedoch in einem Grenzbereich, in dem SRS-Heizung moglich ist.

Stimulierte Compton-Streuung (SCS)

Als Heizmechanismus, der die Pumpschemata fiir Rontgen-Rekombinationslaser in
optisch-feldionisierten Plasmen beeintréichtigt, wird auch die Stimulierte Compton-
Streuung diskutiert [11]. Es handelt sich dabei um einen eng mit der Stimulierten
Raman-Streuung verkniipften, komplementdren Prozef. Man kann diese parame-
trische Instabilitdt beschreiben als Konversion eines Laserphotons in ein nieder-
frequenteres Photon unter nichtlinearer Landau-Dampfung eines Elektrons, das
sich mit der Phasengeschwindigkeit v, der resultierenden Interferenzwelle be-
wegt (d.h. vy, ~ vipe). Insofern basiert die Compton-Instabilitét im Vergleich zur
SRS auf der Streuung an Einzelektronen oder , Elektronenbiindeln® und nicht an
kohirenten Elektronplasmawellen'® [79]. Ein anschauliches Kriterium zur Charak-
terisierung von Raman- und Compton-Regime stellt das Verhiltnis der Debye-
Abschirmlinge Ap zur riaumlichen Periode k' der einfallenden Laserstrahlung
dar [80]. Liegen beide in derselben GroBenordnung, d.h. wenn kgAp ~ 1 oder
sogar koAp > 1, so ,sieht® die elektromagnetische Welle die Einzelelektronen
innerhalb der Debye-Kugel. Im entgegengesetzten Fall kyAp < 1, bei dem die
Raman-Instabilitdt bevorzugt angeregt wird, ist die mikroskopische Ladungsver-
teilung auf der Skala der Lichtwelle abgeschirmt und die Wechselwirkung erfolgt
mit der makroskopischen Elektronplasmawelle. Aus dieser Betrachtung folgt, dafl
SCS bei niedrigen Elektronendichten und/oder hohen Elektronentemperaturen do-
miniert, wo Debye-Linge und Landau-Diampfung grof sind. Der Ubergang zwi-
schen Raman- und Compton-Regime ist flieend und das vorgenannte Kriterium

nicht absolut giiltig*.

13 Als nichtresonanter Prozefl wird SCS im Gegensatz zu SRS kaum durch Dichtegradienten

oder durch die Frequenzbandbreite des einfallenden Laserpulses beeinflufit.
14Statt der Wellenzahl ko der einfallenden Laserstrahlung wird z.B. von Drake et al. [81] die

Wellenzahl k; der Interferenzwelle verwendet, die bei Riickwirtsstreuung etwa den Wert 2kq

erreichen kann.
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Die maximale Wachstumsrate der Compton-Instabilitit wird von Ott et al. [80]

unter der Annahme kAp ~ 1 und w;/|k;| ~ vipe mit

2

w 2
Yscs ~ 0.1 e <k> (316)
Wo  \Uthe

angegeben, wobei (wj, k;) Frequenz und Wellenzahl der Interferenzwelle bezeich-
nen. Demzufolge kann sich die Compton-Instabilitit fiir Ay = 790nm, n, = 1.7 -
1073 ner, Iy = 5 - 10 W/em® und T, = 5eV innerhalb von nur ~ 20fs aus-
bilden, viel schneller als die Raman-Instabilitdt unter identischen Bedingungen.

Die Schwellenintensitét fiir Stimulierte Compton-Seitwértsstreuung, die durch den

Ausdruck I
02 (3.17)

Wpe €

27scs

gegeben ist [80], ist mit Iscgs &~ 2 - 10" W/ecm® zudem bedeutend niedriger als
diejenige fiir Raman-Streuung. Dabei ist die transversale Skalenldnge L durch die

1/e?-Fokusgrofie von ~ 35 um abgeschiitzt worden.

Eine realistische Abschétzung der Energieabsorption durch SCS ist fiir niedrige
anfingliche Elektronentemperaturen derzeit nicht moglich. Die Giiltigkeit der bis-
her entwickelten theoretischen Modelle beschrinkt sich auf den Bereich niedriger
Dichten ne < 5-10% cm™2 und hoher Elektronentemperaturen in der Gréenord-
nung von einigen hundert Elektronvolt, vgl. Vinogradov und Pustovalov [82] '°.
Bei Elektronentemperaturen im Bereich < 10 eV liefern simtliche Modelle auch bei

moderaten Laserintensitdten unrealistisch hohe Heizraten in der Grofenordnung
von keV/ps [86].

3.3 Ionisationsinduzierte Modifikationen des

Laserpulses

Ein kurzer, hochintensiver Laserimpuls, der durch ein anfinglich neutrales Gas
propagiert, kann schon vor dem Eintreffen des Intensitdtsmaximums auf seiner zeit-
lichen Vorderflanke einen signifikanten Anteil der Atome bzw. Molekiile ionisieren.
Die dabei sehr rasch anwachsende Dichte n, an freien Elektronen erzeugt einen
rdumlich und zeitlich variierenden Brechungsindex 7,,, der sowohl die Propagation
als auch die spektralen Eigenschaften der Laserstrahlung beeinflult. Abhéngig von

5Detailliertere Untersuchungen der Heizung durch Stimulierte Compton-Streuung finden sich
auch bei Bunkin und Kazakov [83], Martineau und Pepin [84], sowie Zel’dovich et al. [85].
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der rdumlichen Struktur n,,(r, z) kommt es unter nichtrelativistischen Bedingung-
en'® in der Regel zu einer Zerstreuungslinsenwirkung, die den Laserstrahl defokus-
siert. Die zeitliche Anderung dnyp/dt fiihrt generell zu einer Blauverschiebung und

Verbreiterung des Frequenzspektrums.

3.3.1 Riumliche Defokussierung

Eine direkte Messung, wie sich der Brechungsindex der Plasmaelektronen auf
Grofle und Homogenitét des Laserfokus auswirkt, gestaltet sich im vorliegenden
Experiment — unter anderem aufgrund der hohen Laserintensitidten in Fokusnédhe
— als duferst schwierig (vgl. Abschnitt 5.4). Die bei gegebener Gasart, Laser-
leistung und Fokussierung im Brennpunkt maximal erreichbare Elektronendichte
Nemax kann jedoch im Falle eines Gauflschen Laserstrahls mit Wellenléinge A\, und
1/e2-Taillenradius wy theoretisch abgeschiitzt werden!”. Fiir Laserintensitéiten Iy,
die die gem&fl dem Barrier-Suppression-Modell berechnete Erscheinungsintensitiit
Igsr (vgl. Gleichung 2.5) deutlich iiberschreiten, gilt [88, 89]:

A
Ne, max 5 ﬁ
R

Nep - (3.18)

Dabei ist nemax auf die kritische Dichte n. normiert, die fiir A\ = 790nm den
Wert ne = 1.79 x 10?! ecm™ besitzt. Die Eigenschaften der Fokussierung sind in
der Rayleigh-Léinge Ly = mwi/)\e enthalten, und man erkennt leicht, daB die
Auswirkungen der Defokussierung mit steigender f-Zahl, d.h. mit schwécherer Fo-
kussierung bzw. steigendem wg, zunehmen.

Detailliertere Ableitungen der limitierenden Plasmadichte ne .y durch E. E. Fill
[90] oder auch Leemans et al. [91], die Korrekturen in bezug auf das Verhéltnis
Iy/Igs1 enthalten, liefern zu Gleichung 3.18 weitgehend identische Ausdriicke. Die
Abhéngigkeit von Iy/Igg; ist nur schwach. Fiir eine Wellenldnge von A\g =790 nm
und f/9-Fokussierung liefert Gleichung 3.18 eine im Experiment maximal erreich-

bare Elektronendichte von neg, =2.2 x 10'8 cm™3.

Eine von S. C. Rae publizierte numerische 2-D-Simulation zeigt, dal die voraus-
gehend zitierten, einfachen analytischen Ansétze die erreichbaren Elektronendich-
ten tendenziell deutlich unterbewerten [88]. Unter der Annahme eines Gauflschen

Laserpulses mit Ag = 1 ym, Ar = 1ps, der mit f/10 zu Iy = 10" W/cm® (nomi-

6Erreicht die Laserleistung die kritische Schwelle von Py, (W) = 17 ne/ne GW [4], so kommt
es aufgrund der relativistischen Massenzunahme der Elektronen zum umgekehrten Effekt der

Selbstfokussierung [87].
"Der Zusammenhang zwischen dem 1/e?-Radius wo und der f-Zahl f/D der Fokussierung

ist durch wo > 1.27 Ao f/D gegeben. D ist der Durchmesser des Laserstrahls auf der Pupille der
Fokussieroptik (vgl. Abschnitt 5.4).
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nal) in 10 mbar bis 1 bar atomarem Wasserstoff fokussiert wird, findet er ein etwa

zweimal hoheres ne max, als anhand von Gleichung 3.18 berechnet.

Versucht man eine Synthese zwischen analytischem und numerischem Ansatz,
so kann man — auch unter Beriicksichtigung der hoheren Intensitédtsschwelle Iggy=
2.25 x 101 VV/(:m2 von Hj im Vergleich zu H und in bezug auf die mehr als 90fach
iiber der Schwelle liegende nominale Laserintensitit von Ip ~ 2 x 106 W/cm® —
die maximal erreichbare Elektronendichte im vorliegenden Experiment auf etwa
Nexp & 4 x 10" ¢cm™ konservativ abschitzen'®. Dies bedeutet, daf§ bis zu einem
H,-Druck von etwa 60 mbar von voller Ionisation der Hy-Molekiile im Fokusbereich

ausgegangen werden kann.

3.3.2 Spektrale Blauverschiebung und Verbreiterung

Die schnelle Zunahme der Elektronendichte in der ansteigenden Flanke des io-
nisierenden, hochintensiven Femtosekundenlaserpulses und die damit verbundene
Brechungsindexénderung fiihren zu einer Selbstphasenmodulation (SPM) des ein-
fallenden Pulses, die eine Verbreiterung und Verschiebung seines Frequenzspek-
trums bewirkt [92, 93, 94]. Die spektralen Effekte unterscheiden sich grundlegend
von denjenigen, die durch SPM bei niedrigeren Intensitiiten entstehen'® [95, 96],
indem die beobachtete Frequenzverschiebung und spektrale Verbreiterung ausge-
prigt asymmetrischist [97, 98], d.h. die Frequenzkomponenten des Laserspektrums
werden ausschliellich zu hoheren Frequenzen ,blauverschoben®. Die Richtung der
Verschiebung ist durch das positive Vorzeichen der zeitlichen Anderung dne/dt
der Elektronendichte auf der ansteigenden Pulsflanke vorgegeben [99]. Die Ver-
breiterung des resultierenden Spektrums entsteht primér durch Uberlagerung ver-
schobener (Pulsvorderflanke) und unverschobener (Pulshinterflanke) Intensitéts-
anteile. Sowohl die absolute Gréfle der Blauverschiebung A\ als auch das Ausmaf
der spektralen Verbreiterung nehmen mit wachsendem Gasdruck und steigendem
Verhéltnis Iy/Ips; zu.

Unter der Annahme, dafl bei einer entlang der Propagationsrichtung = variieren-
den Elektronendichte ne(z) die spektrale Gesamtverschiebung A\ aus der Summe

der unabhéingigen Einzelverschiebungen zu jedem Propagationsintervall dx gege-

8Die Tatsache, daf die FokusgréBe im Experiment zweifach beugungsbegrenzt ist, d.h.
Wo,exp & 2wy, beeintrichtigt nicht die Giiltigkeit dieser Abschitzung. Die entscheidende Grofie
bei der Herleitung von Gleichung 3.18 ist der mit wy verkniipfte Konvergenzwinkel (— f-Zahl)

der Fokussierung.
9Die fiir die Phasenverschiebung verantwortliche Polarisierbarkeit freier Elektronen ist im

Vergleich zu der gebundener Elektronen sehr hoch und die OFI-Ionisationsrate héngt hochgradig
nichtlinear von der Intensitit ab (vgl. Gleichung 2.5).
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ben ist, kann die Blauverschiebung gemafl

!
A)\:ﬁ 0

ne<’\<_}ncr _)\0 L a
c Jo Ot o

—n
2¢ne Jo Ot °

(z)dz (x)dx (3.19)

berechnet werden, wobei Ay die urspriingliche Wellenlénge, [ die Wechselwirkungs-
ldnge, n, die kritische Dichte und 7,,(x) den Plasmabrechungsindex an der Stelle =
bezeichnen?’. Bei Beschriinkung auf sequentielle Ionisationsprozesse und unter Ver-
nachléissigung von Stoflionisation und Rekombination erhilt man die zeitabhingi-
gen Populationen der einzelnen lonisationsstufen £ aus einem Satz gekoppelter
Differentialgleichungen 1. Ordnung der Form

dN,
d—tk = RN+ B 1 N1, ne(z,t) = }:k - Ni(z,t) (3:20)
k

mit der gem#f der PPT/ADK-Theorie aus Abschnitt 2.1 berechneten Ionisations-

rate Ry und der Population N, der k-ten Ionisationsstufe.

Prinzipiell ist es moglich, anhand der Gleichungen 3.19 und 3.20 die Blauver-
schiebung an jeder Stelle z der Propagation zu berechnen, wenn man den Strahl-
verlauf (inkl. Defokussierung) — und damit den Intensitdtsverlauf — geeignet model-
liert. Fiir lingere Laserpulse liefert diese Methode eine gute Approximation. Beim
Ubergang zu immer kiirzeren Pulsen treten zunehmend Unwiigbarkeiten auf, die
primér darin begriindet liegen, dafl das in Gleichung 3.19 beschriebene Modell, das
fiir den Fall nahezu monochromatischen Lichtes oder bandbreite-begrenzter Pulse
mit nur langsam verdnderlicher Einhiillender entwickelt wurde, annimmt, daf es
nur einen einzigen, definierten Wert fiir die Verschiebung gibt [100]. Bei ultrakurz-
en Laserimpulsen in der Gréflenordnung von etwa 100 fs, deren Frequenzbandbreite
im Bereich von Aw/wy ~ 1072 liegt, ist die Lage jedoch wesentlich komplizierter,
da auch Effekte wie die Entstehung eines Frequenz- Chirps iiber die Pulsdauer?!
oder ionisationsinduzierte Anderungen der ansteigenden Pulsflanke (d.h. der zeitli-
chen Einhiillenden) einen Einflu} auf das resultierende Pulsspektrum haben. Eine
Simulation des resultierenden Spektrums mit Hilfe der Gleichung 3.19 stellt somit
nur eine grobe Nidherung des realen Spektrums dar. Zuverlédssigere bzw. detail-

treuere Simulationen erfordern die numerische Lésung der Wellengleichung fiir die

20Die transversale Elekronendichteverteilung wird in diesem einfachen Modell als konstant

vorausgesetzt.
21Das zeitintegrierte Spektrum enthélt die Intensitéiiten aller {iber die Pulsdauer variierenden

spektralen Anteile, die jeweils unterschiedlichen Werten von dn./dt ausgesetzt waren. In die-
sem Kontext wirkt sich natiirlich eine transversal inhomogene Elektronendichteverteilung noch

gravierender aus.
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Laserpropagation durch das Gas unter separater Berechnung der Ionisationsrate
an jedem Punkt (z,t) [100].

Ein Beispiel fiir das Ausmafl und die Charakteristik der ionisationsinduzier-
ten spektralen Modifikationen ist in Abbildung 6.2 in Kapitel 6 gezeigt. Bei der
Darstellung der experimentellen Ergebnisse wird diese Problematik noch einmal

erortert.



Kapitel 4

Plasmadiagnostik durch

Thomson-Streuung

In diesem Kapitel werden die Grundlagen der Streuung elektromagnetischer Strah-
lung an den Elektronen eines Plasmas dargestellt. Anhand von Computersimu-
lationen wird im zweiten Abschnitt der Einflul von Elektronendichte, Elektro-
nentemperatur und Ionentemperatur auf die Streuspektren veranschaulicht. Im
allgemeinen ist wegen der Doppelwertigkeit der Thomson-Spektren in bezug auf
das Verhiltnis T,/T; eine Messung bei zwei verschiedenen Streuwinkeln notwen-
dig. In dieser Arbeit wird jedoch gezeigt, wie durch den Vergleich der Spektren
von Wasserstoff und Deuterium trotz Beschréinkung auf nur einen Streuwinkel das

dominierende Regime der Streuung (7, > T; bzw. T, 2 1;) bestimmt werden kann.

4.1 Grundlagen der Thomson-Streuung

Eine Theorie der Streuung elektromagnetischer Strahlung an freien Elektronen
wurde erstmalig 1907 von J. J. Thomson aufgestellt.

Der grundlegende Streumechanismus besteht darin, daf§ ein freies Elektron im Feld
einer elektromagnetischen Welle mit deren Frequenz oszilliert und als beschleunigte
Ladung dabei Dipolstrahlung emittiert. Ist der mittlere Abstand ng'/? der Elek-
tronen im Vergleich zur Wellenlédnge der einfallenden Strahlung nicht zu gering, so
resultiert aus der inkohirenten Uberlagerung der Streufelder der Einzelelektronen
auch makroskopisch ein Feld mit Dipolcharakteristik. Natiirlich regt das Laserfeld
auch die Ionen zur Schwingung an. Aufgrund ihrer gréfleren Masse erfahren sie
jedoch viel geringere Beschleunigungen, so daf§ die von ihnen gestreute Leistung

gegeniiber dem Beitrag der Elektronen vernachlissigt werden kann!.

!Das von einem freien Ladungstriger mit Masse m und Ladung q gestreute Strahlungsfeld
skaliert mit ¢?/m [101].
41
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Totaler Streuquerschnitt

Der Thomson-Streuquerschnitt fiir ein freies Elektron ist im nichtrelativistischen,
klassischen Fall durch

o, = %ﬁ r? = 6.6 x 107?° cm? = 0.66 barn (4.1)
gegeben [102], wobei r, = €*/4mgymoc® ~ 2.8 fm den klassischen Elektronenradius
darstellt. o, ist von der Frequenz des einfallenden Lichtes unabhingig 2.
Der aus experimenteller Sicht sehr kleine Streuquerschnitt ist die Ursache dafiir,
daf} es erst nach Erfindung des Lasers in den 60er Jahren gelang, die Thomson-
Streuung erfolgreich als Diagnostik im Labor einzusetzen [103, 104, 105].
Im Vergleich zum Wirkungsquerschnitt fiir die Streuung an gebundenen Elektro-
nen (Rayleigh-Streuung), z.B. in Molekiilen [106],

8 )\ 2 1 Hy bei 400 nm
o.(\) ~ % (7”)‘( )> o = Tx107bam (4.2)
€

stellt o, jedoch ein ,Scheunentor® (engl. barn door) dar. Dieser Umstand ist fiir
das im nachfolgenden Kapitel 5 beschriebene Experiment insofern wichtig, als Bei-
trage durch Rayleigh-Streuung aus unvollstindig oder iiberhaupt nicht ionisierten
Gasvolumina aufgrund von o,/0, <1 und der Geometrie des Aufbaus gegeniiber

dem Thomson-Signal vernachléssigbhar sind.

Bereiche der Streuung

Das Frequenzspektrum des gestreuten Lichtes ist nicht nur, wie von J. J. Thom-
son angenommen, durch die Dopplerverbreiterung infolge der thermischen Be-
wegung der einzelnen Elektronen bestimmt, sondern auch eng mit den kollekti-
ven Elektronendichte-Fluktuationen (EDF) in einem Plasma verkniipft. Ein Maf
dafiir, ob das Streuspektrum durch die thermische Elektronenbewegung oder durch
kollektive Prozesse dominiert wird, liefert der von E. E. Salpeter [107] eingefiihrte

Parameter )

Qg = T

(4.3)

der die Wellenzahl k; der streuenden Plasmafluktuation zur Debye-Linge A des

Plasmas in Beziehung setzt.

2Fiir hwo & mec?

miissen quantenmechanische Korrekturterme beriicksichtigt werden und der
Wirkungsquerschnitt wird frequenzabhéngig (Klein-Nishina). Im Falle relativistischer Elektro-
nengeschwindigkeiten, wie sie in hochstintensiven Laserfeldern auftreten konnen, wird Gleichung

4.1 durch einen intensitéits- und frequenzabhiingigen Term modifiziert [101].
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Die experimentell diagnostizierte Wellenzahl k; der EDF ist durch den Beobachtungs-
winkel 0 relativ zur Laserpropagationsrichtung (kq) und die Laserwellenléinge g
festgelegt. Fiir kleine Frequenzverschiebungen des Streulichtes (k;), d.h. ks = ko,
ergibt sich

Das im Experiment gemessene Streuspektrum wird in bezug auf seine spektrale
Form durch den sogenannten dynamischen Formfaktor S(k;,w) beschrieben, wobei
w den Frequenzabstand des Streulichtes zur Laserfrequenz wy darstellt. S(k;, w)
héngt entscheidend vom Spektrum der streuenden Elektronendichte-Fluktuationen
ab?. Die absolute spektrale Streuleistung I(k;,w) o ne S(k;, w) ist proportional zur
Anzahl der Streuzentren, d.h. zur Elektronendichte n, *.

Fiir den Fall ag<1 ist die Skala der streuenden Fluktuationen klein gegeniiber
der Debye-Linge und die einzelnen Streuzentren sind unkorreliert (— inkohdrente
Streuung), da keine langreichweitigen elektrischen Felder die Elektronen zu Wellen
ordnen. Man spricht in diesem Zusammenhang von reiner Thomson-Streuung und
das Streuspektrum gibt die Geschwindigkeitsverteilung der Elektronen in Rich-
tung von k,; wieder. Unter der Annahme einer Maxwellverteilung mit Elektro-
nentemperatur 7, findet man fiir den Formfaktor S(k;,w) ein GauBprofil, dessen
Halbwertsbreite Aw =k /2kgTe/me durch die Elektronentemperatur bestimmt
ist.

Im entgegengesetzten Fall ag>1 sind die Streuspektren primér durch die kol-
lektiven Wechselwirkungen zwischen den Plasmakonstituenten bestimmt, weshalb
diese Art der Streuung als kollektive Streuung bezeichnet wird. Das gemessene
Streuspektrum S(k;,w) besteht unter diesen Bedingungen aus drei charakteri-
stischen Strukturen (siehe Abbildung 4.1). Ein Teil der EDF ist mit der Bewe-
gung der Ionen im Plasma korreliert. Diese im Streuspektrum als niederfrequente
— sogenannte lonenkomponente — auftretende Struktur hat eine Halbwertsbreite
Aw; & kg \/2kgT;/m; , die ndherungsweise durch die thermische Geschwindigkeit

3Das Spekrum der EDF kann als Superposition ebener Wellen mit verschiedenen k-Vektoren

beschrieben werden. Mathematisch exakt stellt S(k¢,w) die zeitliche Fouriertransformierte der

Autokorrelationsfunktion der réumlichen Fourierkomponenten der EDF mit Wellenzahl k; dar.
4Die Proportionalitit der gestreuten Intensitit zur Elektronendichte stellt einen entschei-

denden Vorteil gegeniiber anderen Methoden der Plasmadiagnostik, z.B. der Messung der Stark-
Verbreiterung von Resonanzlinien, dar. Die Streubeitrige aus Plasmarandbereichen mit niedriger
Elektronendichte sind gegeniiber denen aus dem Zentralbereich vernachlissigbar.
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der Tonen bestimmt ist. Die Ermittlung der Ionentemperatur aus dieser Breite
ist aber nur bei Verwendung sehr schmalbandigen Laserlichtes moglich, wenn Aw;
gegeniiber der Halbwertsbreite Aw, des Laserspektrums aufgelost werden kann.
Andernfalls — wie auch im vorliegenden Experiment — ist die Halbwertsbreite des
zentralen Tonen-Peaks ausschliellich durch die Frequenzbreite des Diagnostikpul-
ses bestimmt. Symmetrisch zur Tonenkomponente findet man die beiden hochfre-
quenten Elektronen-Peaks, die Elektronplasmawellen reprisentieren. Ihr Frequenz-
abstand vom Zentrum der Ionenkomponente (d.h. von der Laserfrequenz wy) ist
ndherungsweise durch die Gross-Bohm-Dispersionsrelation
2
P = B S (45)
fiir longitudinale elektrostatische Plasmaoszillationen gegeben, wobei wy,, die Elek-
tronplasmafrequenz und v, die thermische Geschwindigkeit der Elektronen be-
zeichnet. Ist die Elektronendichte bekannt, so kann man daraus direkt die Elek-
tronentemperatur ermitteln. Im Hinblick auf die experimentelle Realisierung der
Thomson-Streuung ist allerdings zu beachten, dafy bei sehr niedrigen Elektronen-
temperaturen die Frequenzverschiebung im allgemeinen durch die Elektronplas-
mafrequenz und damit durch die Elektronendichte dominiert ist. Um dennoch
auch bei héheren Elektronendichten geringe Elektronentemperaturen messen zu
kénnen, mufl man moglichst kurzwellige Laserstrahlung zur Plasmadiagnose ein-
setzen, wie aus der umgeformten Gross-Bohm-Relation
AN

S =2 107* (2.3 Z - plmbar] - (\o[um])® + T.[eV])

1/2

(4.6)

fiir einen Beobachtungswinkel von g = 90° ersichtlich ist. A\ bezeichnet dabei die
Wellenlédngenverschiebung der Elektronen-Peaks, Z den lonisationsgrad des Gases

(Z = 2 fiir vollionisiertes Hy bzw. D) und p den Gasdruck in mbar.
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Der absolute Wert des Parameters o ist bestimmend fiir die Form von Ionen- und

Elektronenkomponente.

Die Diagnose-Wellenldnge von 395nm und der Beobachtungswinkel 65 = 90°
legen im vorliegenden Experiment die abgefragte Wellenlénge 27/k; der EDF
auf etwa 280 nm fest. Bei Elektronendichten ne ~ 5 - 107 — 5 - 10® cm™3 und
niedrigen Elektronentemperaturen in der Grofenordnung von 10eV ergeben sich
Debye-Léingen von 10 — 30 nm, so dafl die gemessenen Streuspektren im Bereich

1.5 <ag<4.5 liegen. Es handelt sich also um kollektive Thomson-Streuung.

4.2 Spektraler Formfaktor

Das gestreute Leistungsspektrum wurde von verschiedenen Autoren fiir den Fall
Maxwellscher Geschwindigkeitsverteilungen von Elektronen und Ionen mit nicht
notwendig identischer Temperatur berechnet. Der nachfolgende kurze Abrif} lehnt
sich an eine von D. E. Evansund J. Katzenstein [108] gegebene Darstellung, sowie

an die bereits vorangehend zitierte Arbeit von E. E. Salpeter [107] an.

Fiir den spektralen Formfaktor S(k;, w) in seiner allgemeinen Form, der sowohl fiir
die reine Thomson-Streuung, als auch im Regime der kollektiven Streuung Giiltig-
keit besitzt, ergibt sich®

1+ Za2nWi(x;) *exp(—a2)
Sk, w) dw — i e
(ke w) dw ‘1+ag Wiwo) + Za2gW(w)| — a2
_71/2,2 . 2 —zf
N a2 Wiz,) exp(—a/’) dey, (A7)
T+ a2 Wlw) + ZaZgW(z)| — w'P2

mit n="T./T;, der Ionenladung Z und den auf die charakteristischen Dopplerver-

5 Abrifl der Herleitung von Gl. 4.7: Die iibliche Darstellung eines Streuprozesses erfolgt mittels
eines differentiellen Streuquerschnittes o(kg,w). Fiir das gestreute Leistungsspektrum I(ky,w)
gilt der Zusammenhang I(k,w) dw dQ = NIy o(k¢,w) dwd), mit dem Raumwinkelelement df2,
der Gesamtanzahl N der Streuzentren und der einfallenden Intensitét Iy = (c/47)Ej. Berechnet
man mit den Methoden der klassischen Elektrodynamik die Streuung einer monochromatischen
Welle an einem Ensemble freier Elektronen, so ergibt sich o(k¢,w) als Produkt aus Thomson-
Querschnitt o, und spektralem Formfaktor S(k¢,w). Letzterer stellt die zeitliche Fouriertrans-
formierte der Autokorrelationsfunktion (AKF) der rdumlichen Fourierkomponenten der Elek-
trondichtefluktuation mit Wellenzahl k; dar. Man nimmt also eine Analyse des Spektrums der
Elektronendichtefluktuationen beziiglich ihrer Wellenzahlen vor und greift sich die zum Beob-
achtungswinkel 5 gehérende Fourierkomponente k; heraus. Deren AKF, die im wesentlichen die
Information tiber die (Streu-)Phasen der miteinander wechselwirkenden Streuzentren enthilt,
beschreibt die Kohirenz der sich iiberlagernden Einzelstreuprozesse. Aus der zeitlichen Fourier-
transformation der AKF ergibt sich dann das gestreute Leistungsspektrum im Frequenzraum.
S(k¢,w) beinhaltet sowohl die Frequenzverschiebungen durch die Elektronenbewegung als auch
die Effekte aufgrund der Korrelationen zwischen den Elektronen. Diese Grofen hingen implizit

sowohl von der Geschwindigkeitsverteilung der Elektronen, als auch von der der Ionen ab.
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schiebungen kv, bzw. kv, der Elektronen und Ionen normierten, dimensions-
losen Frequenzvariablen xo=w/kevy, und z;=w/kevyy,;.

Die analytischen Eigenschaften der komplexen Funktion

W(z)=1—n"re ™ ®(z)—inPre™, (4.8)

die das im Anhang erliuterte Fehlerintegral ®(z) enthélt, definieren die Lage der
spektralen Resonanzen, d.h. die Positionen von Ionen- und Elektronen-Peaks im

Streuspektrum.

Salpeter-Ndherung

Aufgrund der um Groflenordnungen dispergierenden Dopplerverschiebungen der
Ionen und Elektronen gehen auch die in Gleichung 4.7 kombiniert enthaltenen
Frequenzskalen x; und x, weit auseinander. Diese Verflechtung fiihrt zu einigen
numerischen Komplikation. Unter der Voraussetzung z;/ze > 1, bzw. nicht zu
grofler Werte von n=T,/T;, lassen sich beide Skalen entkoppeln und S(k;,w) kann
ndherungsweise als Summe eines , Elektronen-“ und eines ,,Jonenterms® dargestellt

werden (Salpeter-Approzimation):

o? 2
S(ke,w)dw = To (ze)dre+ Z (1 n a?) U, (z;) d; (4.9)
) exp(—z?) 5 o?
bei Ty, - d B2=nz . (410
wobel b= Saﬁs(x) |1 + 1/)2 W(.’L')|2 un B 77 1 _|_ ag ( )

Die Elektronenkomponente hingt nur von o, und 7 ab, wihrend die Ionenkom-
ponente auch durch das Verhéltnis 7,,/7; und die Ionenladung Z bestimmt ist.

Wie man an T, (x,) und 5 sieht, geht S(k¢, w) im Spezialfall o, — 0, wie im voraus-
gehenden Abschnitt 4.1 beschrieben, in eine Gauffunktion iiber, deren Halbwerts-
breite durch die charakteristische Dopplerverschiebung der mittleren thermischen
Elektronengeschwindigkeit gegeben ist. Fiir grofle a ergibt sich die Lage der Reso-
nanzen von [, (z.) aus der transzendenten Gleichung Re W (z,) = —1/a?, deren
Losung® 22, = 1(a? + 3) exakt der Gross-Bohm-Relation von Gleichung 4.5 ent-

spricht. Die Funktion I's (x;) besitzt unter der Voraussetzung kleiner Werte von

T./T; keine Resonanzen und stellt im wesentlichen wiederum eine Gauflkurve dar.

6Dabei ist die im Anhang angegebene asymptotische Niherung von Re W (z) fiir 2> 1 ver-
wendet worden.
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Die totalen Streuquerschnitte S, (k¢) und S;i(k¢) des ,, Elektronen-“ und ,,Ionenspek-

trums*

1 ZO{4
_ . _ s 4.11
Se(k:f) 1—|—Oz§ ) Sl(kf) (1+ag){1+a§(1+nZ)} ( )

zeigen, dafl die in der Elektronen-Komponente enthaltene Intensitét mit wachsen-

dem o, abnimmt, wihrend die der lonen-Komponente zunimmt.

Streuung an ionenakustischen Wellen

Ubersteigt die Elektronentemperatur die der Tonen deutlich, so geht die Dielektri-
zitdtskonstante des Plasmas in der Umgebung der tonenakustischen Resonanzfre-
quenz

Z kgT,

my

gegen Null und gibt Anlafl zu zwei im Abstand w = + w,. symmetrisch zur Laser-
frequenz wy gelegenen Resonanziiberh6hungen im Streuspektrum.

Legt man die Parameter des vorliegenden Experimentes zugrunde (k; ' = 45nm),
so erhélt man fiir ein Wasserstoff-Plasma mit einer Elektronentemperatur im Be-
reich von 10eV ein Verhiltnis von w,./wy =~ 2 x 10~%. Diese Struktur kann auf-
grund der Frequenzbreite des Laserspektrums Awg/wy & 7.5 x 1073) jedoch nicht

aufgelost werden.

4.3 Simulation Thomson-gestreuter Spektren

Um die gemessenen Thomson-Spektren mit theoretisch berechneten zu vergleichen,
wurde ein Simulationsprogramm geschrieben, mit dem es moglich ist, das unter
einem Winkel 0 gestreute Intensititsspektrum fiir beliebige Eingangsspektren und
Plasmaparameter zu berechnen. Das geméfl Gleichung 4.7 fiir jede im Laserspek-
trum enthaltene Frequenz errechnete Streuspektrum S(k;,w) wird dabei mit dem

Frequenzspektrum des Laserpulses gefaltet’.

Im Hinblick auf die Auswertung der experimentell gemessenen Thomson-Spektren
in Kapitel 6, ist es hilfreich a priori zu untersuchen, in welcher Weise sich eine

Anderung der experimentellen Parameter auf das Streuspektrum auswirkt. Den

"Die Diskretisierungsschrittweite dw muf} abhiingig von oy und dem Verhiiltnis 7% /T} so an-
gepafit werden, dafl numerisch bedingte Verfilschungen aufgrund der Disparitit von z. und z;

vermieden werden, ohne den Rechenaufwand unvertretbar auszuweiten.
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P A Abbildung 4.2: Einfluf
- n=3x10"cm” | der Elektronendichte .
L; o8r /W n.= 7.5x1020mi:— auf die Form des Streu-
;é S I A :e; ;i’ Iollgcnfr: ] spektrums. Die maximale
@ e Intensitit der dargestell-
g 0.4l _ ten Spektren ist auf 1 nor-
2 i ] miert. Parameter: g =
g o2l ] 90°, Hy, Tp = 6eV, T} =
) - leV, as=1.3 — 4.2.

0,0 +

T T
385 395 405 415
Wellenlange (nm)

nachfolgenden simulierten Thomson-Spektren fiir H, bzw. D5 liegt ein gauliformi-
ges Laserspektrum mit Halbwertsbreite 3 nm zugrunde, das das Spektrum des Dia-

gnosepulses im Experiment gut approximiert.

Einflufl von Elektronendichte und -temperatur

Die Form des Streuspektrums ist stark vom Verhéltnis der Halbwertsbreite Awy
des Diagnostikpulses zur Elektronplasmafrequenz wy, —und damit zur Elektronen-
dichte n, —abhéngig. Wie in Abbildung 4.2 gezeigt, besteht das Streuspektrum bei
geringen Elektronendichten (Awg/wy,e 2, 1) und niedriger Elektronentemperatur 75,
nur aus einer einzigen, breiten und strukturarmen Komponente. Die Elektronen-
Peaks sind nicht gegeniiber dem Ionen-Peak abgesetzt, so dafl eine Auswertung mit
Hilfe der Gross-Bohm-Relation nicht moglich ist. Die Anpassung einer Simulation
ist sensitiv vom Verhéltnis der Elektronentemperatur 7, zur Ionentemperatur 7;
abhingig. Bei steigender Elektronendichte setzen sich die Elektronen-Peaks immer
weiter von der Zentralstruktur ab. Steigt bei unverdndertem n, und 7; die Elek-
tronentemperatur (vgl. Abbildung 4.3), so bleibt die zentrale Tonenkomponente,
die im wesentlichen das Eingangslaserspektrum reproduziert, in threr Form na-
hezu identisch, wiahrend die Elektronen-Peaks einen immer gréfieren Abstand zur
Zentralwellenlinge gewinnen®. Thre Halbwertsbreite nimmt aufgrund der héheren

thermischen Geschwindigkeit der Elektronen mit der Temperatur zu.

8Durch die Normierung entsteht in Abbildung 4.3 der Eindruck kleiner werdender Elektro-
nenkomponenten. Tatséchlich jedoch bleibt die Maximalintensitdt der Elektronenkomponenten

nahezu unverindert, wihrend der Ionen-Peak stark anwéchst.
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10 T T L T T T T T Abbildung 4.3: Ein-
- flul der Elektronentem-
"u: 0.8 peratur T, auf die Form
% oel | des Streuspektrums. Die
@ maximale Intensitit der
E 04l i dargestellten Spektren ist
% ] auf 1 normiert. Parame-
% 02} 4 ter: 05 = 90°, Hg, ne =
@ - 1.5%10'8 cm™3, Ti=1eV,

0,0 sy Sy s =3.3 — 1.6.

385 395 405
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Verhiiltnis von Elektronen- zu Ionentemperatur und Isotopeneffekt

Da die geringen Dopplerverschiebungen kv, der lonen aufgrund der groflen Halb-
wertsbreite des Diagnosepulses im Streuspektrum nicht aufgeldst werden konnen,
kann die Tonentemperatur nicht aus der Breite des Ionen-Peaks, sondern nur aus
dessen Hohe bestimmt werden. Wie in Abbildung 4.4 dargestellt, ist die Hohe des
Tonen-Peaks vom Temperaturverhiltnis T,/7; abhéingig. Bei konstantem o, d.h.
konstanter Elektronendichte und -temperatur, wird die Ionenkomponente zunéchst
mit sinkender Ionentemperatur immer kleiner, wihrend die Elektronenkomponen-
ten unverdndert bleiben?. Uberschreitet das Temperaturverhiltnis jedoch einen
bestimmten Grenzwert T./T; ~ 7, so verlifit man den Giiltigkeitsbereich der
Salpeter-Ndherung und geht in den Bereich der ionenakustischen Streuung iiber.

Der Ionen-Peak wichst ab diesem Punkt mit sinkendem 7; wieder stark an. Jedes

0.5 P Abbildung 4.4: EinfluB
— T /T =1 .

_ ¢ des Verhiltnisses T,/T}
" 04T | der Elektronen- und Io-
3 L - _
= 03l TdT =17 | nentemperatur auf die lo-
@ ’ | nenkomponente. Parame-
2 ool T /T =6 ] ter: 0 = 90°, To = 6eV,
(;:é ] ne =3 x 108 cm™3, o, =
g o1f - 1.23.
Q.
n

00— = A N

385 395 405

Wellenlange (nm)

9Dieses Verhalten wird durch die totalen Streuquerschnitte S;(k¢) und Se (k) (Gleichung 4.11)
in der Salpeter-Ndherung beschrieben.
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L Abbildung 4.5: Ver-
& gleich der Thomson-Spek-
tren von Wasserstoff und
Deuterium bei gleicher
Ionentemperatur 1T} =
3eV bzw. T;=1eV. Para-
4 meter: 05 =90°, T, =6 €V,
ne =3 x 10" cm =3, oy =
4.23.

Spektrale Intensitat (w. E.)

oy,
5 2

s> 22,

y ¥ T T

385 395 405
Wellenlange (nm)

Streuspektrum kann also durch genau zwei verschiedene Verhiltnisse T, /T; erzeugt
werden. Die Ionentemperatur ist somit aus einem einzigen Thomson-Spekrum nicht
eindeutig bestimmbar.

Eine Moglichkeit, die beiden Streuregime zu unterscheiden und damit die Ionen-
temperatur festzulegen, besteht darin, die Thomson-Spektren unter zwei verschie-
denen Streuwinkeln € aufzunehmen. Auf diese Weise kann man die Streuung
an Elektrondichtefluktuationen mit verschiedener Wellenzahl k¢, d.h. mit unter-
schiedlichem ag vergleichen. Aus experimenteller Sicht ist diese Methode jedoch
mit erheblichem Aufwand verbunden. Eine einfachere Moglichkeit zur Unterschei-
dung von ,Salpeter-Regime* und ionenakustischem Regime bietet die Verwendung
zweier Isotope mit grofitmdéglichem Massenunterschied. Bei gleicher lonentempe-
ratur der beiden Isotope sind die Streuspektren in beiden Streuregimen identisch
bzw. nur leicht voneinander verschieden (vgl. Abbildung 4.5 fiir Wasserstoff und
Deuterium). In keinem Fall jedoch kann der Ionen-Peak des schwereren Isotops bei
gleichem T; gréfier als der des leichteren werden. Macht man nun die physikalisch
gerechtfertigte Annahme, dafl sich unter identischen experimentellen Bedingun-
gen beim massereicheren Isotop eine deutlich geringere ITonentemperatur als beim
leichteren einstellt!?, so folgt daraus, da im ,Salpeter-Regime“ der Ionen-Peak
des schwereren Isotops deutlich niedriger und im ionenakustischen Regime deut-

lich héher als der des leichteren Isotops sein muf}. Explizit bedeutet dies:

,Salpeter-Regime* (T, 2 T;) Tonen-Peak(H) > Tonen-Peak(D)
ionenakustisches Regime (T, > T;) :  lonen-Peak(H) < Ionen-Peak(D).

Damit kann die Ionentemperatur beider Isotope eindeutig aus der Elektronentem-

peratur bestimmt werden.

10Vergleiche Abschnitt 2.3.



Kapitel 5
Das Experiment

In diesem Kapitel werden die technischen Voraussetzungen und experimentellen
Gegebenheiten fiir die Messung der Thomson-Spektren dargelegt. Der Beschrei-
bung des verwendeten Lasersystems folgt eine Darstellung des experimentellen
Aufbaus. Zwei weitere Abschnitte gehen auf die Eichung der spektralen Diagno-

stik und die Bestimmung der Fokusgrofle ein.

5.1 Das Lasersystem ATLAS

Die vorliegenden Experimente wurden mit dem Lasersystem ATILAS-2 (Advanced
Titanium:Sapphire Laser System) in der Laser-Plasma-Gruppe des Max-Planck-
Instituts fiir Quantenoptik durchgefiihrt. Die Ziffer 2 bezeichnet dabei die primére
2-Terawatt-Stufe des Lasersystems’. ATLAS-2 ist eine Weiterentwicklung des von
Chiu et. al. [109, 110] beschriebenen Festkorperlasersystems. Die Erzeugung ultra-
kurzer Laserpulse mit hochsten Energien bei hohen Repetitionsraten ist ein dif-
fiziler Prozef}, der mehrere Verfahrensstufen erfordert. Die einzelnen Stufen von
Pulserzeugung und -verstirkung bei ATLAS-2 sind in Abb. 5.1 schematisch dar-
gestellt.

Der durch einen 8 Watt-Argonionenlaser gepumpte Titan:Saphir-Oszillator (Cohe-
rent MIRA 900) liefert Pulse von 100 fs Dauer mit einer spektralen Halbwertsbreite
von etwa 10 nm und einer Zentralwellenlinge von 790 nm. Die Repetitionsrate ist
mit 76 MHz sehr hoch, die Pulsenergie von 10nJ fiir die Erzeugung von dich-
ten Laserplasmen jedoch um einige Groéflenordnungen zu gering. Zur nachfolgen-
den Verstirkung geméfl dem CPA-Prinzip (Chirped Pulse Amplification) [1, 111]

LAuf die 10-Terawatt-Ausbaustufe soll an dieser Stelle nicht weiter eingegangen werden.

ol
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Argonionen- MIRA Oszillator

Laser 10 nd, 100 fs, 790 nm

180 ps
G
| 02 mm

Surelite

NAa:YAG-Laser Gitter-Strecker
Ti:Sa PC

Regenerativer Verstarker
10 mJ

010 mm

Powerlite #1
Nd:YAG-Laser

Powerlite #2 |

Na:YAG-Laser 4-pass-Verstarker
G 360 mJ

055 mm
G

Gitter-Kompressor 250 mJ

130 fs

Abbildung 5.1: Schematische Darstellung des Lasersystems ATLAS-2

werden die Oszillatorpulse in einem Gitter-Strecker auf die Dauer von 180 Piko-
sekunden verldngert. Diese Streckung ist eine essentielle Mafinahme um die bei
der Verstirkung auftretende Pulsspitzenleistung um mehrere Zehnerpotenzen zu
reduzieren und somit nichtlineare Effekte (Selbstphasenmodulation, Selbstfokus-
sierung) und Zerstérungen an optischen Komponenten zu verhindern. Die Wir-
kungsweise des Gitter-Streckers beruht auf der Aufspaltung eines Laserpulses in
seine spektralen Anteile, die beim Durchlaufen der Streckeranordnung jeweils un-
terschiedlich lange optische Wege zuriicklegen und dabei gegeneinander verzogert
werden. Der resultierende, zeitlich verldngerte Puls weist einen sogenannten Chirp
auf, d.h. seine Zentralwellenléinge variiert {iber die Dauer des Pulses.

Aus dem hochrepetitiven Zug der gestreckten Laserpulse werden nun mit einer
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Rate von 10 Hz Pulse durch eine Pockelszelle (PZ) herausgeschnitten und in die
1. Verstirkerstufe, den Regenerativen Verstirker, eingekoppelt. Beim etwa 12-
fachen Durchlauf durch den Surelite’-gepumpten Titan:Saphir-Kristall wird ei-
ne Verstiarkung auf 10mJ erreicht, bevor der Puls durch die Pockelszelle wie-
der aus dem Resonator ausgekoppelt wird. Eine weitere Verstirkung beim 4-
fachen Durchgang durch die nachgeschaltete 2. Verstdrkerstufe, den Multipass-
Verstirker?, macht eine Querschnittsvergrofferung des Strahls von bisher 2mm
auf 10 mm erforderlich. Die Laserpulse verlassen den Multipass-Verstiarker mit
einer Pulsenergie von 360 mJ. Anschlielend wird die anfinglich vorgenommene
Streckung beim zweifachen Durchgang durch den evakuierten Gitter-Kompressor
wieder riickgdngig gemacht. Dabei mufl der Strahldurchmesser aufgrund der nied-
rigen Zerstorschwelle der Gold-Beschichtungen der Gitter und zur Vermeidung
nichtlinearer Effekte im nachfolgenden Fenster auf 55 mm vergrofiert werden. Ei-
ne Rekomprimierung auf die urspriingliche Pulsdauer von 100 fs kann nicht ganz
erreicht werden, da die resultierende spektrale Halbwertsbreite im Verstirkungs-
prozef durch das sogenannte Gain-narrowing® auf etwa 8 nm geschrumpft ist. Die
Transmission des Gitter-Kompressors betrigt etwa 70% , so daf} schliefllich Laser-
pulse mit einer Energie von typischerweise 250 mJ und einer Pulsdauer von 130 fs
im 10 Hz-Takt fiir den Experimentator zur Verfiigung stehen. Diese werden durch
ein evakuiertes Rohrsystem an die verschiedenen Experimentierkammern verteilt.
Der Aufbau des gesamten ATLAS-2-Systems findet auf zwei optischen Tischen

mit einer Fliche von jeweils 5m? Platz, was die Bezeichnung als Table- Top-Laser

10 FARY Abbildung 5.2: Zeitliche Einhiillen-
// \\ de der ATLAS-2-Pulse, gemessen in
5 10" Joo Einzelschuf-Autokorrelation 2. Ord-
% ] ‘\ nung. Der Gaufiférmige Zentralteil
%:: 102 / AN hat eine Halbwertsbreite von 130 fs.
3 7/ \ Die Pulsintensitit steigt innerhalb ei-
£ 07 ',,./ \,‘ = ner Pikosekunde vor bzw. nach dem
(v"J ““hL Maximum um etwa drei GroBenord-

10“‘2‘]” : . 1 Wz nungen an (Pulskontrast).

Zeit (ps)

2Surelite Nd:YAG: Pulsdauer 6 ns, Repetitionsrate 10 Hz, Pulsenergie (2w) 100 mJ.
3Der Titan:Saphir-Kristall im Multipass-Verstéirker wird von zwei Seiten durch jeweils einen

frequenzverdoppelten Powerlite Nd:YAG-Laser mit Pulsdauer 6 ns, Repetitionsrate 10 Hz und

Pulsenergie 800 mJ gepumpt.
4Die Verstirkung in Titan:Saphir besitzt spektral ein Maximum bei 790 nm, so daf} die Zen-

tralwellenldnge und benachbarte Wellenléingen bevorzugt verstirkt und entferntere relativ ge-

schwicht werden.
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rechtfertigt.

Als Pulsdiagnostik stehen ein Autokorrelator 2ter- und 3ter-Ordnung zur Ver-
fiigung, mit denen im Einzelschufl Pulsdauer und -kontrast bestimmt werden koén-
nen [112, 113]. Typischerweise findet man, wie in Abbildung 5.2 dargestellt, einen
Pulsanstieg von etwa drei Gré8enordnungen innerhalb einer Pikosekunde vor dem
Maximum des Laserpulses. Dieser Pulskontrast spielt im vorliegenden Experiment
eine Rolle in bezug auf die Aufheizung des OFI-Plasmas durch die ionisierende
Laserstrahlung. Mit einer Autokorrelation 3ter-Ordnung ist es weiterhin moglich,

Pulsvorder- und -riickflanke voneinander zu unterscheiden.

5.2 Experimenteller Aufbau

Die Messungen zur Thomson-Streuung an optisch-feldionisierten Gasen wurden
in einer Pump-Probe-Konfiguration durchgefiihrt. An dem von einem ATLAS-2-
Puls (Fundamentale) mit linearer oder elliptischer Polarisation erzeugten Plasma
wird ein zeitlich verzogerter, frequenzverdoppelter Laserpuls gestreut und das Wel-
lenldngenspektrum des 90°-Thomson-Streulichtes in einem auf 2 ns eingeschrink-
ten Zeitfenster aufgenommen. Der experimentelle Aufbau ist in Abb. 5.3 schema-
tisch dargestellt.

Erzeugung der Diagnose-Pulse

Die aus dem ATLAS-Verteilersystem an der Experimentierkammer ankommenden
Laserpulse sind senkrecht zur Streuebene (Zeichenebene) polarisiert. Beim Durch-
gang durch eine etwa 2 mm dicke, beidseitig entspiegelte 790 nm-Halbwellenplatte
aus Quarz (HWP) wird die Polarisationsebene um 90° gedreht. Ein Teil der Ener-
gie der 790 nm-Pulse wird im nachfolgenden KDP-Kristall® frequenzverdoppelt.
Die Kristalldicke von 2 mm verbindet dabei eine Konversionseffizienz von ca. 25%
mit einer nur etwa 10-prozentigen Verldngerung des 2w-Pulses [3]. Auf die Auswir-
kungen, die der Frequenzverdopplungsprozef§ auf die Pulsform und das Spektrum
der w- und 2w-Pulse hat, wird am Ende des Abschnitts 5.2 ndher eingegangen.

Nach dem Verlassen des KDP-Kristalls eilt der fundamentale 790 nm-Pumppuls
dem 395 nm-Diagnosepuls um etwa 160 fs voraus [3]. Beide propagieren kollinear

und sind senkrecht zueinander polarisiert. Die Polarisationsebene des Diagnose-

Kaliumdihydrogenphosphat (KH2PQy,) ist ein negativ einachsiger Kristall, der im vorliegen-
den Zuschnitt mit Typ-I Phasenanpassung verwendet wird. Der Brechungsindex des als ordentli-
cher Strahl propagierenden w-Pulses ist grofler als der des als auerordentlicher Strahl propagie-
renden frequenzverdoppelten Anteils. Die lineare Polarisation des w-Lichtes bleibt erhalten und
das entstehende 2w-Licht ist ebenfalls linear polarisiert, jedoch senkrecht zum w-Licht.
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Abbildung 5.3: Versuchsaufbau zur Thomson-Streuung an optisch-feldionisierten
Plasmen. HWP: Halbwellenplatte (fiir 790nm), KDP: Kaliumdihydrogenphosphat-
Kristall zur Frequenzverdopplung, QWP: Viertelwellenplatte (fiir 790 nm), B: Irisblen-
de, W1,W2: BK7-Fenster, Obj: Kameraobjektiv (Brennweite 50 mm), sF'S: sphérischer

Fokussierspiegel (Brennweite 500 mm), L: Linse aus BK7 (Brennweite 100 mm), Pol:
Polarisator, Sp: variabler Spalt.
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pulses steht dabei senkrecht auf der Zeichenebene, so dafl das Maximum der Di-
polabstrahlung der in seinem elektrischen Feld oszillierenden Plasmaelektronen in
der Zeichenebene und damit in der Detektionsebene liegt. Beim Austritt aus dem
evakuierten Rohrsystem und anschliefenden Eintritt in die Experimentierkammer
passiert der Pump-Probe-Strahl jeweils ein 3 mm dickes, beidseitig fiir 790 nm und
395 nm entspiegeltes Quarzglasfenster. Der unterschiedliche Gruppen-Brechungsin-
dex® von 1y (790 nm)=1.4675 und ny(395nm)=1.5155 bewirkt dabei eine weitere

Verzogerung des 2w-Diagnosepulses von etwa 960 fs.

Einstellung der Polarisation der Pump-Pulse

Um die ITonisation bei linearer und zirkularer Polarisation des w-Pumppulses ver-
gleichen zu kénnen, wurde vor der Experimentierkammer eine 790 nm-Viertel-

wellenplatte (QWP) eingebracht. Die Polarisationsanalyse nach Durchgang durch

1,00 Abbildung 5.4: Elliptizitdt der
0,75 790 nm-Pumppulse bei optimaler
0.50 | Stellung der Viertelwellenplatte.
025 Dargestellt ist die gemessene In-

tensitit (normiert) als Funktion
o0 der Analysatorstellung 6. Der
0257 Elliptizitdtsparameter £ ergibt sich
0,507 als Wurzel aus dem Verhiltnis
0,75 von kleiner und grofier Halbachse:
1,00 I1(0) o cos? 0 + £2sin? 6.

die Viertelwellenplatte zeigt, dal die resultierende Polarisation des w-Pumplichtes
nicht ganz zirkular ist, sondern bei optimaler Drehstellung der Platte eine Ellip-
tizitit von £ = 0.7 bzgl. der elektrischen Feldstirke aufweist” (siehe Abbildung
5.4). Fiir das 2w-Licht wirkt die QWP in dieser Stellung fast wie eine Halbwellen-
platte, so dafl die 2w-Pulse auch in diesem Falle nahezu linear polarisiert bleiben
(¢ < 0.15). Die Drehung der 2w-Polarisationsebene um 90° wird durch Entfernen
der im evakuierten Rohrsystem befindlichen Halbwellenplatte (HWP) kompen-

siert. Somit sind die Bedingungen fiir die Messung mit linearem und elliptischem

5Der Gruppen-Brechungsindex ng bzw. die Gruppengeschwindigkeit v, sind gegeben durch
ng=c/vg=(1-\ B%) n(A), wobei n(\) den Phasen-Brechungsindex und ¢ die Vakuum-Lichtge-
schwindigkeit darstellt. n(\) kann aus der entsprechenden Sellmeiergleichung berechnet werden.

"Die Herstellung einer idealen Viertelwellenplatte wird mit zunehmender freier Apertur
(f.A.=70mm in diesem Fall) immer aufwendiger und schwieriger. Das sub-um-genaue Polieren
diinnster Kristallplatten (d <1mm) eines solchen Durchmessers, ohne nennenswerten Keilfehler
und mit einer Ebenheit bzw. Dickenschwankung von nur wenigen Wellenldngenbruchteilen iiber

die gesamte Apertur ist immer noch eine technologische Herausforderung.
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Pumplicht weitestgehend identisch. Die Viertelwellenplatte erhéht die Verzogerung
zwischen w und 2w um weitere 120 fs. Der Diagnosepuls wird letztendlich etwa 1.2
Pikosekunden nach Eintreffen des Pumppulses am Plasma gestreut. In dieser Zeit-
spanne sind die Geschwindigkeitsverteilungen der Elektronen und der Ionen zu
einer Maxwellverteilung (7, # T;) relaxiert (siche Ausfiihrungen in Abschnitt 3.1).

Plasmaerzeugung und Diagnostiksystem

In der Experimentierkammer, die mit Wasserstoff oder Deuterium unter statischem
Druck (10 — 100 mbar) gefiillt ist®, werden Pump- und Probestrahl durch einen
aluminiumbeschichteten, sphérischen Fokussierspiegel (sF'S, f=500 mm) mit einer
f-Zahl von f/9 unter 0° in die Mitte der Kammer fokussiert. Der Fokus der 2w-
Probe-Pulse hat dabei in Querschnitt und longitudinaler Fokusposition maxima-
len Uberlapp mit dem w-Pump-Fokus (siehe Abschnitt 5.4). Eine Abbildungsoptik
bestehend aus einem in der Experimentierkammer befindlichen Kameraobjektiv®
(Obj.) mit Brennweite 50 mm und einer externen bikonvexen BK7-Linse (L) der
Brennweite 100 mm bildet das 90°-Thomson-gestreute Diagnoselicht aus dem Fo-
kus im Mafistab 1:1 auf den Spalt (Sp) am Eingang des Spektrometers ab'?. Mit ei-
nem Fernrohr kann die Abbildung des Laserfokus auf den Spalt kontrolliert werden.
Durch seitliches Verschieben der Linse L ist es moglich, verschiedene Fokalregionen
abzubilden. Nach Passieren des Spaltes wird das Thomson-gestreute 2w-Laserslicht
in einem Gitterspektrographen (600 Linien pro mm) spektral aufgespalten und
mit einer ICCD-Kamera (LaVision FlameStar IT), die durch ein Triggersignal des
ATLAS-Lasers synchronisiert ist, ausgelesen. Bei dieser Intensified CCD handelt
es sich um einen im Wellenlédngenbereich von 190 — 800 nm empfindlichen, gekiihl-
ten CCD-Chip, der durch einen vorgeschalteten Bildverstéirker eine hohe Nach-
weisempfindlichkeit fiir Photonen besitzt. Die Sensitivitdt des Bildverstirkers 148t
sich durch Anlegen eines Hochspannungsimpulses mit einer minimalen Dauer von
5ns schalten. Verschiebt man die 6ffnende Flanke des Spannungsimpulses bis vor
den Zeitpunkt, zu dem der Probe-Puls das streuende Plasmavolumen erreicht, so
kann die effektive Torbreite auf 2ns gesenkt werden. Ein moglichst kurzes Mess-
intervall ist grundlegende Voraussetzung, um Verfilschungen durch das verzogert

eintretende Plasma-Eigenleuchten zu minimieren.

8Im vorliegenden Experiment ist eine genaue Kenntnis der Teilchendichte wichtig. Dies ist bei
einer statischen Gasfiillung gewihrleistet, wihrend die Dichteverteilung in einem Gas-Jet eine
hohe Sensitivitit bzgl. der alltiglichen Justage der Fokusposition mit sich bringt und auflerdem

im betrachteten Druckbereich mit grofien Unsicherheiten behaftet ist.
9Der Laserfokus bzw. das entstehende Plasma liegen in der Brennebene des Objektivs.
OFine Spaltéffnung von 100 um stellt einen guten Kompromifl zwischen der fiir ein verniinfiges

Signal-Rausch-Verhiltnis notwendigen Photonenzahl und einem moglichst kleinen abgebildeten
Fokalbereich (entlang der Laserpropagationsrichtung) dar.
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Unterdriickung von Streulicht

Da das Thomson-gestreute Signal aufgrund des kleinen Streuquerschnittes, der
geringen Plasmaelektronendichte und niedrigen Intensitét des Diagnosepulses nur
sehr schwach ist, ist eine effektive Unterdriickung von unerwiinschtem Streulicht es-
sentiell. Um zu vermeiden, dafl an den optischen Komponenten und Kammerwénden
gestreutes oder direktes Laser- und Umgebungslicht den Detektor erreicht, wur-
den umfangreiche Abschirmungen in den Versuchsaufbau integriert: 790 nm- und
395 nm-Entspiegelung aller optischen Komponenten und Fenster im Laserstrah-
lengang, Irisblende (B), Einkapselung des Objektivs (Obj), Streulichtabsorption
durch Spezialfarbe in der Kammer, Kapselung des gesamten Diagnostikstrah-
lengangs. Der Untergrund durch diffus gestreutes 395 nm-Laserlicht wurde hier-
durch auf weniger als 5% der Signalhéhe der Tonenkomponente im Thomson-
Streuspektrum gesenkt. Zur selektiven Schwichung des unpolarisierten Plasma-
leuchtens gegeniiber dem nahezu linear polarisierten Thomson-Streulicht ist vor
dem Spalt ein Polarisator (Pol) in den Strahlengang eingebracht.

Mit der Einkapselung des Objektivs (Obj) wird der Akzeptanzwinkel des abbil-
denden Strahlenganges fiir (Thomson-)Streulicht aus dem fokalen Volumen auf
etwa 15° eingeschrinkt. Diese Mafinahme stellt sicher, dal nur Elektrondichte-
fluktuationen aus einem engen Wellenldngenbereich zum gemessenen Streusignal

beitragen, so dal die diagnostizierte Wellenzahl k¢ gut definiert ist.

Auswirkungen der Frequenzverdopplung auf den w- und den 2w-Puls

Bei der Frequenzverdopplung kommt es aufgrund der unterschiedlichen Gruppen-
geschwindigkeiten des w- und 2w-Lichtes im KDP-Kristall (group velocity mis-
match = GVM) mit wachsender Kristalldicke zu einer signifikanten Verldngerung
und zeitlichen Asymmetrie des 2w- als auch des w-Pulses [114, 115]. Die Kon-
versionseffizienz steigt bis zu einer Dicke von 5mm stetig an. Fiir die ATLAS-
2-Parameter ergibt sich bei einer Kristalldicke von 2mm eine berechnete Puls-
verldngerung von lediglich 10% bei einer Konversion von etwa 25% [3]. Dies stellt
einen guten Kompromifl zwischen kurzer Pulsdauer und nicht zu geringer Konver-
sionseffizienz dar. Abbildung 5.2 zeigt die fiir diesen Fall berechneten Pulsformen.
Schaut man sich das Wellenldngenspektrum des frequenzverdoppelten Pulses in
Abbildung 5.2 an, so findet man auf der langwelligen Seite eine ,Nase®“. Diese ist

tH

mit der zeitlichen Vorderflanke des Pulses korreliert™ und resultiert wahrscheinlich

HPithrt man das Thomson-Streuexperiment unter ausschlieBlicher Benutzung des 2w-Pulses
durch (Vordeflanke ionisiert, Riickflanke wird am Plasma gestreut), so verschwindet die ,Nase*
im gestreuten Spektrum. Dies deutet darauf hin, daf es sich bei diesem spektralen Anteil um

einen schwachen Vorpuls oder die flach ansteigende Pulsvorderflanke handelt.
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Abbildung 5.5: Pulsform und zeitliche

Verzogerung von fundamentalem und fre-
quenzverdoppeltem ATLAS-2-Puls nach
Durchlaufen eines 2mm dicken KDP-
Kristalls [116]. Grafik aus [3] entnommen.
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Abbildung 5.6: Wellenlingenspektrum
des 2w-Diagnostikpulses. Die auf der lang-
welligen Seite bei etwa 399nm sichtbare
Struktur (,Nase“) ist mit der zeitlichen

Vorderflanke des 2w-Pulses korreliert.

ebenfalls aus dem group velocity mismatch bzw. aus einer geringen Selbstphasen-
modulation, die das Frequenzspektrum des w-Pumppulses auf der vorausgehenden
Propagationsstrecke erlitten hat. Durch Justage des Verdopplungskristalls kann
die Form dieser Struktur etwas verdndert werden, eine vollige Unterdriickung ist
jedoch nicht moglich. Fiir die Auswertung der Streuspektren stellt die ,,Nase* kei-
ne Komplikation dar, da sie bei der Simulation der Streuspektren beriicksichtigt

werden kann.

Zum Abschlufl des Abschnittes ,, Experimenteller Aufbau“ sind nachfolgend noch
einmal die wichtigsten experimentellen Voraussetzungen und ihre Realisierung im

Versuchsaufbau stichpunktartig zusammengefasst.

e Statische Gasfiillung statt Gasjet = Bekannte und reproduzierbare Teil-

chendichte im Wechselwirkungsvolumen

e Frequenzverdopplung zur Diagnosepulserzeugung =- Maximaler rdumlicher
Uberlapp von Diagnosepuls und untersuchtem Plasmavolumen, héhere Sen-

sitivitédt in bezug auf T,

e Optische Abbildung+ Gating = Plasmaparameter wihrend Abtastdauer

weitgehend konstant und homogen im streuenden Volumen
e Gating + Polarisationsfilter = Unterdriickung des Plasma-Eigenleuchtens

e Effiziente Streulichtabschirmung =- Gutes Signal-Rauschverhiltnis, insbe-

sondere unverfilschte Ion-Feature
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5.3 Eichung von Gitterspektrograph und ICCD

Die spektrale Eichung des aus Gitterspektrograph und ICCD bestehenden diagno-
stischen Systems (vgl. Abbildung 5.7) wurde mit Hilfe einer Edelgas-Spektrallampe

und einer Wolframbandlampe durchgefiihrt. Anhand des bekannten Linienspek-

'\ O / Abbildung 5.7: i
g 5.7: Schematische Dar-
SANERZan

stellung des Strahlengangs im Gitter-

Flamestar li spektrographen. Durch Drehen des

Gitters (G) kann der auf den Detek-
tor abgebildete Spektralbereich vari-
sFs iert werden. Sp: Eintrittsspalt, sFs:

0 sphérischer Fokussierspiegel.

trums einer Argon-Eichlampe findet man fiir das verwendete Gitter (600 Linien
pro Millimeter) im kurzwelligen Bereich (ca. 300 — 500 nm) eine spektrale Disper-
sion von 0.236 nm pro Pixel. Der auf der ICCD-Zeile mit 384 Pixeln abgebildete
Wellenlédngenbereich, der durch Verdrehen der Gitterstellung verschoben werden
kann, umfafit also 90 nm. Unterstellt man ein vollionisiertes Wasserstoff-Plasma,
mit einer Obergrenze von 100 mbar Druck (& n. = 6 x 10'® cm™?), so ergibt sich
gemif der Gross-Bohm-Dispersionsrelation (Gleichung 4.5) eine maximal detek-
tierbare Elektronentemperatur von etwa 1keV, wenn man die Zentralwellenléinge
des Diagnostikpulses auf die Mitte des spektralen Fensters justiert.

Zusétzlich zur Wellenldngeneichung wurde die spektrale Antwortfunktion des dia-
gnostischen Aufbaus im Bereich zwischen 350 nm und 440 nm vermessen. Dazu
wurde eine Wolframbandlampe (Osram Wi 17/G) am Ort des Laserfokus posi-

Wellenlange (nm)

435 415 395 375 355 .

- - - - - Abbildung 5.8: Spektrale Ant-
10t . . .
0 o 2270K-Schwarzkérperstrahlung wort des diagnostischen Systems.
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2 06 . .
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c
2 04r liert) ab.
2
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tioniert und iiber den gesamten Diagnostikstrahlengang auf den ICCD-Chip ab-
gebildet. Im Temperaturbereich < 2600 K entspricht das Emissionsspektrum der
Osram Wi 17/G laut Herstellerangabe weitgehend dem eines Schwarzen Strahlers.
Unter Verwendung eines Pyrometers wurde die Temperatur des Gliihbandes auf
2000+40°C eingestellt. Abbildung 5.8 zeigt das gemessene Schwarzkoérperspektrum
im Vergleich zum theoretisch berechneten. Die Abweichungen vom berechneten
spektralen Verlauf sind wahrscheinlich grofitenteils auf Reflektivitéitsschwankun-
gen des goldbeschichteten 6001/mm-Gitters im Spektrographen zuriickzufiihren.
Sowohl die Transmission aller optischen Elemente im Strahlengang, als auch die
Qunateneffizienz der ICCD sind in diesem Bereich spektral flach.

Samtliche Thomson-Spektren im folgenden Kapitel 6 wurden auf die spektrale

Antwort der Diagnostik korrigiert.

5.4 Bestimmung der Fokusgrofle

Zur Vermessung der Vakuum-Fokusgrofle wurde der in Abbildung 5.9 dargestellte
Aufbau verwendet. An der Frontseite eines schriggestellten Quarzfensters hoher
optischer Giite, das sich etwa 2 cm hinter der Fokusposition befindet, werden 4%
des Laserlichtes ausgespiegel und durch ein Objektiv (Leitz, f=20cm) auf eine
CCD-Kamera (Cohu 4820) abgebildet. Durch axiale Verschiebung des Objektivs
konnen verschiedene Ebenen im Bereich des Laserfokus abgebildet werden. Mit Hil-

fe des Schattenbildes eines 50 um-dicken Kupferdrahtes in Position des Laserfokus,

50um- Quarz-
Draht fenster

o 4
Objektiv
- v

\ /- llilleco

VergréBerung 20:1 Filter

< 4m

Abbildung 5.9: Aufbau zur Messung der Vakuum-Fokusgréfie.
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Abbildung 5.10: Eichung des Abbildungs-
mafstabes mit Hilfe des Schattenbildes ei-
nes 50 pm-dicken Kupferdrahtes.

wurde die Vergrofilerung des Systems auf 20:1 eingestellt (vgl. Abbildung 5.10). Zur

getrennten Bestimmung der Fokusgrofien der 790 nm-Pumppulse und der 395 nm-

Diagnosepulse werden wellenldngenselektive dielektrische Spiegel und Filter in den
abbildenden Strahlengang eingebracht. Die Abbildungen 5.11 und 5.12 zeigen die

gemessenen 790 nm- und 395 nm-Foki. In beiden Fillen ist die Intensitédtsvertei-

lung rdumlich leicht asymmetrisch. Aus den Intensitédtsprofilen findet man einen

achsgemittelten 1/e?-Fokusdurchmesser von 2w, = 35 ym bzw. 2wy = 23 um fiir

Pump- und Diagnosestrahl. Unter Beriicksichtigung der Abweichung vom idealen,

symmetrischen Gaufiprofil 14t sich abschétzen, dal > 90% der Strahlenergie in

einem Radius von etwa r=30 pym fiir 790 nm bzw. r =20 ym fiir 395 nm enthalten

150

0 100 150
X (m)

Abbildung 5.11: Fokus des 790 nm-
Pumplichtes. Die Intensitétsprofile ent-
sprechen dem horizontalen bzw. verti-
kalen Querschnitt durch das Strahlzen-
trum. Der achsgemittelte 1/e2-Fokus-
durchmesser betrigt 2wy = 35 pm.

y (um)

50 100
X (um)
Abbildung 5.12: Fokus des 395nm-

Diagnosestrahls. Die Intensitéitsprofile

entsprechen dem horizontalen bzw. ver-
tikalen Querschnitt durch das Strahl-
zentrum. Der achsgemittelte 1/e?-Fokus-

durchmesser betrigt 2wg = 23 pm.
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sind. Der Fokus des Diagnosestrahls besitzt einen sehr guten riumlichen Uberlapp
mit dem Fokus des Pumplichtes.

Der beugungsbegrenzte 1/e?-Fokusdurchmesser eines idealen Gaufistrahls ist durch
die Beziechung 2wg > 2X\f/D gegeben [117]. Dabei bezeichnet f die Brennweite
der Fokussieroptik und D =4w den zweifachen 1/e?.-Durchmesser des einfallenden
Laserstrahls, in dem 99.9% der Strahlenergie enthalten sind und der etwa dem op-
tisch wahrgenommenen Strahldurchmesser entspricht!?. Die Intensitiitsverteilung
des einfallenden ATLAS-Laserstrahls entspricht jedoch eher einem (modulierten)
Flat-Top-Profil mit Durchmesser D =55 mm. Der mit obiger Definition des Strahl-
durchmessers errechnete Fokusdurchmessers eines Gaufstrahls ist nahezu identisch
mit dem entsprechenden Durchmesser Dajy =2.44 \gf/D des Airy-Scheibchens
bei analoger Fokussierung einer ebenen Wellenfront mit Durchmesser D [118].
Der beugungsbegrenzte Fokusdurchmesser bei der f-Zahl f/9 ergibt sich zu 18 ym
fiir 790 nm bzw. 9 pm fiir 395 nm. Der reale Fokus ist also etwa 2-fach bzw. 2.5-fach
beugungsbegrenzt.

Als Rayleigh-Liinge Lr = mwi/)\o des Pumpstrahls findet man Ly ~ 1.2mm.
Dieser Wert — bzw. der Konfokale Parameter b = 2Lg — gibt ein Maf} fiir die
Sensitivitit der Justage der Fokusposition. Im Verhltnis zur Offnung des Spek-
trometerspaltes (d = 100 yum) kann damit die Homogenitéit des diagnostizierten
Plasmas abgeschétzt werden. Die Fokusposition in bezug auf den Spektrometer-
spalt 148t sich im dargestellten Versuchsaufbau zur Thomson-Streuung mit einer

Genauigkeit von etwa 0.5 mm einstellen.

Aufgrund der Limitierung der Laserintensitéit in bezug auf die Zerstorschwelle
der verwendeten optischen Komponenten (~ 10'2 W /cm®) ist die obige MeBmetho-
de auf die Bestimmung der nominalen Vakuum-Fokusgréfle beschriankt. Abhéingig
von Gasart, -druck und Laserintensitéit im Experiment fiihrt ionisationsinduzierte

Defokussierung zu einer Vergrofierung des Fokus (vgl. Abschnitt 3.3.1).

12Djie in dieser Arbeit durchgingig verwendete f-Zahl f/D entspricht dieser Definition.



Kapitel 6

Meflergebnisse und Diskussion

Die Elektronen- und Ionentemperatur der durch linear oder elliptisch polarisierte
Laserpulse optisch-feldionisierten Hs- und Ds-Plasmen wurde fiir Gasdriicke zwi-
schen 10 und 100 mbar und Laserintensitéiten im Bereich von 1.9 - 10 W /cm?
bis 2.1 - 10'6 VV/(:rn2 untersucht. Das in jeder einzelnen Messung aufgenommene
Thomson-Spektrum stellt eine Akkumulation von 100 aufeinanderfolgenden La-
serschiissen dar. Auf diese Weise kann das Signal/Rausch-Verhéltnis des schwa-
chen Thomson-Streulichtes im Vergleich zum elektronischen Rauschen von Bild-
verstiarker und CCD signifikant verbessert werden. In Abbildung 6.1 ist die Aufnah-
me eines typischen Thomson-Streuspektrums gezeigt. Die y-Achse des CCD-Chips
ist parallel zur Liangsachse des 100 ym-Eintrittsspaltes des Gitterspektrographen
sowie zur Polarisationsebene des gestreuten Lichtes ausgerichtet. In dieser nicht-
dispergierten Dimension ist das CCD-Bild mit der Topologie des streuenden Volu-
mens korreliert. Wiahrend das schmetterlingsférmige Thomson-Signal als Streusi-
gnal aus dem fokalen Plasmavolumen in y-Richtung eng begrenzt ist, kann man den
vertikalen Streifen bei 395 nm mit dem schwachen Streulichtanteil identifizieren,
der aus Reflexionen des einfallenden Diagnostiklichtes an den Kammerelementen
resultiert. Der Beitrag dieses Streulichtes zur Intensitit der Tonenkomponente im
Thomson-Spektrum betriigt jedoch weniger als 5%, wie schon in Abschnitt 5.2 aus-
gefiihrt. Das zu jeder Mefserie bei evakuiertem Kammervolumen aufgenommene
Streulicht liefert das unverfilschte Wellenldngenspektrum des Diagnosepulses, das
als Ausgangsspektrum fiir die Simulation der Thomson-Spektren herangezogen
wird!. Bei der Erstellung der eindimensionalen Intensitéitsprofile des Thomson-
Streulichtes (vgl. Abbildung 6.2) wird nur der in Abbildung 6.1 markierte Zentral-

IDie explizite Halbwertsbreite des frequenzverdoppelten Laserspektrums und die Form der
spektralen ,Nase“ werden durch geringe Tag-zu-Tag-Schwankungen der ATLAS-Fundamentalen,
sowie durch die Justage des Verdopplungskristalls beeinfluit. Zur Kontrolle solcher Fluktuationen
wurde mehrmals wihrend einer Mefireihe das Kammerstreulicht aufgenommen. Es zeigt sich, dafl
iiber den Meflzeitraum nur marginale Schwankungen im Spektrum des Diagnosepulses auftreten.

64
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Abbildung 6.1: CCD-Bild (384 x 286 Pixel) eines typischen Thomson-Streuspektrums.
Neben dem schmetterlingsformigen Thomson-Signal in der Chip-Mitte, ist am rechten
Bildrand die H,-Emissionslinie (434 nm) zu erkennen. Der schwache, vertikale Streifen
bei 395 nm ist auf Kammerstreulicht des Diagnosepulses zuriickzufiihren. Die Lage von
x- und y-Achse in bezug aufdie Polarisationsebene des 2w-Thomson-Streulichtes bzw.

der Richtung der Laserpropagation ist in der nebenstehenden Skizze erliutert.

bereich des OFI-Plasmas beriicksichtigt (vertikale Breite ca. 10 Pixel). Auf diese
Weise kann — vergleichbar der Spaltwirkung in x-Richtung (= Laserpropagations-
richtung) — der Beitrag von periphéiren Plasmabereichen geringerer Elektronen-
dichte und/oder -temperatur zum Thomson-Signal minimiert werden. In der x-y-
Ebene ist das Streuvolumen also geometrisch gut definiert. Das Streuvolumen wird
in der dazu senkrechten y-z-Ebene (= Fokusquerschnitt) aufgrund der Proportio-
nalitdt der Thomson-gestreuten Intensitit zur radial abfallenden Elektronendichte
ne(r) und zur Intensitdt I(r) des Diagnosepulses auf den Plasmazentralbereich
eingeschrinkt. Geht man davon aus, dafl der vollsténdig ionisierte Plasmabereich
aufgrund der hohen Intensitdt des Pumppulses eine groflere radiale Ausdehnung
hat, als der 1/e?-Fokusdurchmesser des Diagnosepulses, so kann das Thomson-

Streulicht aus den Plasmarandbereichen praktisch vernachlissigt werden.

6.1 Charakteristische Merkmale der

experimentellen Thomson-Spektren

Abbildung 6.2 zeigt ein typisches, gemessenes Thomson-Streuspektrum im Ver-
gleich zum Eingangsspektrum des Diagnosepulses. Es weist einige signifikante
Merkmale auf, die fiir simtliche der experimentell aufgenommenen Thomson-Spek-

tren charakteristisch sind.
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Abbildung 6.2: Charakteristisches Thomson-Streuspektrum (Hy, p = 50 mbar, I =
6.9- 10 W/ cmz, lineare Polarisation) und Eingangsspektrum des gestreuten Diagnose-
pulses. Zur besseren Vergleichbarkeit sind beide Spektren auf 1 normiert. Der Ionen-Peak

des Streuspektrums ist gegeniiber dem Laserspektrum blauverschoben und spektral ver-

breitert.

1.) Die Ionenkomponente des Thomson-Signals ist im Vergleich zum Eingangs-
laserspektrum verbreitert (~ 30%). Wéhrend die langwellige Flanke des Ionen-
peaks im Streuspektrum nahezu deckungsgleich mit derjenigen des Laserspektrums
bleibt, ist die kurzwellige Flanke — und mit ihr die Peak-Position und der Inten-
sitdtsschwerpunkt — infolge der in Abschnitt 3.3.2 beschriebenen spektralen Modi-
fikation des Diagnosepulses blauverschoben (~0.7 nm). Das Ausmaf} der Blauver-
schiebung und spektralen Verbreiterung nimmt mit wachsendem Gasdruck
und steigender Intensitit des Diagnosepulses zu. Bei der Anpassung von simulier-
ten an die gemessenen Thomson-Spektren muf} beriicksichtigt werden, daf§ der lo-
nenpeak im Thomson-Spektrum bei kurzen Laserimpulsen mit dem (tatsichlichen)
Laserspektrum im Streuvolumen identisch ist, vgl. Abbildung 4.1 in Abschnitt 4.1.
Den ionisationsinduzierten Modifikationen kann folglich weitgehend Rechnung ge-
tragen werden, indem man als Input-Spektrum fiir die Simulationen das analog

der Ionenkomponente verbreiterte Eingangslaserspektrum verwendet?.

2.) Bei etwa 387nm und 403nm sind deutlich die beiden charakteristischen
Elektronen-Peaks im Thomson-Streuspektrum erkennbar. Die Elektronenkom-
ponenten sind symmetrisch zur Position des Schwerpunktes der Ionen-

komponente angeordnet, wie es die Theorie der Thomson-Streuung voraussagt.

2Zur Erzeugung des Input-Spektrums der Simulationen wurde jeweils die kurzwellige Flanke

des gemessenen Fingangslaserspektrums deckungsgleich zu derjenigen des Ionenpeaks verschoben.
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Der schwache Seitenpeak (,Nase“) (vgl. Abbildung 5.2 in Abschnitt 5.2), der im
Eingangslaserspektrum bei etwa 399nm lokalisiert ist, ist auch im Streuspek-
trum eindeutig vom Elektronenpeak auf der langwelligen Seite unterscheidbar,
fiihrt jedoch zu einem ,Auffiillen“ des Ubergangsbereiches zwischen Ionen- und
Elektronenkomponente. Dieser Effekt ist in den Simulationen in Form des Input-
Spektrums implizit enthalten. Die Elektronenkomponenten werden auch durch die
ionisationsinduzierten Modifikationen, die sich im Fuf} des Eingangslaserspektrums
in Form eines weit ausufernden Pedestals bemerkbar machen, etwas ausgeschmiert.

Diese Verfilschung betrifft insbesondere den kurzwelligen Elektronen-Peak.

3.) Neben Thomson-gestreutem Licht erreicht auch ein Teil des im wesentlich-
en aus charakteristischer Linienstrahlung bestehenden Plasmaeigenleuchtens den
Detektor. Dabei tritt im detektierten Wellenldngenfenster priméar die Balmer-
v-Linie des Wasserstoffatoms (n' =5 — n = 2) bei 434,05nm in Erschei-
nung (vgl. Abbildungen 6.1 und 6.2). Bedingt durch die hohe Elektronendichte in
den emittierenden Plasmabereichen ist die H,-Linie im Vergleich zu ihrer natiirli-
chen Linienbreite in hohem Mafle Stark-verbreitert. Bei einer Elektronendichte von
3-10"™ cm™3 liegt ihre Halbwertsbreite in der GroBenordnung von 50 nm [119] 3.
Die Intensitéit der Linienstrahlung nimmt mit dem Gasdruck und zun&chst mit
wachsendem Zeitabstand zum lonisationsereignis zu. Da die Rekombination und
die nachfolgende Linienemission in geringem Mafle schon vor dem Eintreffen des
Diagnosepulses einsetzt, kann das Plasmaleuchten durch eine zeitliche Verschie-
bung des 5 ns-Hochspannungs-Gates des Bildverstéirkers nur reduziert, aber nicht
vollsténdig unterbunden werden. Wie man in Abbildung 6.2 erkennt, manifestiert
sich der H,-Beitrag zum Thomson-Signal lediglich als eine Art ,,Sockel“, auf dem
der Elektronenpeak auf der langwelligen Seite ,,aufsitzt“. Dieses Pedestal ist — bei
Driicken <70 mbar und niedrigen Laserintensitéiten — die Hauptursache der Asym-
metrie in der SignalhShe der beiden Elektronenpeaks. Bei der Auswertung
der Thomson-Streuspektren wird der Einfluf§ der H,-Linie durch ein angefittetes

Gauflprofil entsprechender Halbwertsbreite beriicksichtigt .

3Prinzipiell kann die Linienbreite der H,-Linie, die proportional zu ng/ 3

ansteigt, zur Be-
stimmung der Elektronendichte herangezogen werden. Unter den gegebenen experimentellen Be-
dingungen iiberlagern sich jedoch die aus verschiedenen Dichtebereichen mit unterschiedlichen
Intensitéten emittierten Beitrége, so dafl mit Hilfe der H,-Linie keine zuverldssige Aussage iiber
die Elektronendichte im Zentralbereich des Plasmas gemacht werden kann. Erschwerend kommt

hinzu, dafl Opazitéitseffekte die me3bare Linienbreite und Form verfilschen kénnen.
*Ein verfilschender Beitrag weiterer Balmer-Linien (Hs [n’' =6] bei 410.17 nm, H, [n' =7] bei

397.01 nm, ) zum Thomson-Spektrum wird mit wachsender Hauptquantenzahl n’ des oberen
angeregten Niveaus rasch schwicher, da die Druckverbreiterung bei konstanter Elektronendichte
und -temperatur mit zunehmendem n’ ansteigt [119]. Als grobes Maf fiir die relative Halb-

wertsbreite zweier Balmer-Linien mit Hauptquantenzahlen n} und nj der oberen Niveaus gilt
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Abbildung 6.3: Vergleich der gemessenen Thomson-Spektren bei 50 mbar Hy fiir linear
und elliptisch (¢ = 0.7) polarisierte 790 nm-Laserpulse. Die entsprechenden Laserinten-
sititen (linear: I = 4.9 - 101> W /cm?, elliptisch: T = 6.15 - 10'°W /cm?) sind so gewiihlt,
daf sich in beiden Fillen etwa die gleiche Feldstidrkeamplitude Ey ergibt. Die Blauver-

schiebung der Spektren um etwa 0.6 nm wurde korrigiert.

6.2 Allgemeine Eigenschaften der untersuchten
OFI-Plasmen

Unter allen untersuchten experimentellen Bedingungen, d.h. verschiedenen Laser-
intensitdten und Gasdricken, sind die Thomson-Streuspektren bei vergleichbaren
Parametern nahezu unabhdngig davon, ob linear oder elliptisch polarisiertes La-
serlicht zur Ionisation des Gases verwendet wurde. Wie in den Abbildungen 6.3
fiir 50 mbar Hy und 6.4 fiir 50 mbar Dy zu sehen, ist die Position der Elektronen-
Peaks relativ zum Schwerpunkt der lonenkomponente wie auch deren Form fiir den
linearen und den elliptischen Fall sehr &hnlich. Der schwache Seitenpeak der Ionen-
komponente bei 398/399 nm, der in Abbildung 6.3 und 6.4 das ,lineare Spektrum*
vom ,elliptischen® unterscheidet, ist auf die schon mehrfach angesprochene ,Nase“
im Input-Spektrum des Diagnosepulses zuriickzufiihren, die im ,elliptischen Fall“

in der Frequenzverdopplung unterdriickt werden konnte. Unterstellt man jeweils

[120]: AX(n))/AX(n}) ~ (% — 4)/(n{? — 4). Die integrierten Linienintensitéiten, die neben den
Halbwertsbreiten von den Niveaupopulationen und Einstein-Koeffizient fiir spontane Emission
abhéngen, sind stark zeitabhéngig und lassen sich nur durch aufwendige atomare Codes berech-
nen. In den gemessenen Spektren sind jedoch bei den charakteristischen Wellenlingen (Hs, H,)
keine entsprechenden Signaturen zu finden (vgl. Abbildungen 6.2, 6.3, 6.4), so dafl davon auszu-
gehen ist, dafl hohere Balmerlinien im Untergrundrauschen verschwinden.
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Abbildung 6.4: Vergleich der gemessenen Thomson-Spektren bei 50 mbar D, fiir linear
und elliptisch (£ = 0.7) polarisierte 790 nm-Laserpulse mit Intensititen von I = 4.9 -
10" W/cm? bzw. I = 6.15 - 10'°W /cm?. Die Blauverschiebung der Spektren um etwa,

0.6 nm wurde korrigiert.

ein vollionisiertes Plasma (n, = 3-10'8 cm™3), so folgt, daf die Elektronentempera-
turen fir beide Polarisationen nahezu identisch sind. Die Laserintensitdten in den
verglichenen Thomson-Spektren sind dabei so gewéhlt, dafi sich fiir beide Polari-
sationen etwa die gleiche Feldstiarkenamplitude Ej ergibt und somit vergleichbare
Ionisationsbedingungen vorliegen.

Wihrend bei D, die Signalhdhe der Elektronen-Peaks fiir lineare und elliptische
Polarisation identisch ist (ebenso die H,-Emissionslinie), unterscheidet sie sich —
bedingt durch die Normierung® der Tonenkomponenten — im Falle von Hj fiir beide
Polarisationen. Daraus kann abgeleitet werden, daf sich (unter diesen speziellen
Bedingungen) fiir Hy die Ionentemperaturen bei linearer und elliptischer Laserpo-
larisation leicht unterscheiden.

Im direkten Vergleich der unnormierten Ho- und Do-Thomson-Spektren zum glei-
chen Parametersatz (Druck, Laserintensitit und -polarisation) findet man in allen
Messungen, daf$ die Tonenkomponente von Deuterium diejenige des Wasserstoffs
um den Faktor 1.25 bis 1.4 tberragt, wihrend die Elektronenkomponenten beider

Isotope sich kaum unterscheiden®. Abbildung 6.5 zeigt, daB das Verhiltnis der

5Aufgrund der unterschiedlichen Intensitit der Diagnosepulse im linearen und elliptischen
Fall und der daraus resultierenden Differenz in der Zahl der gestreuten Photonen kénnen beide
Streuspektren nur normiert verglichen werden.

Die in Abbildung 6.5 geradezu perfekte Ubereinstimmung der Elektronenkomponenten von
H> und D- bei der jeweiligen Polarisation ist so nicht in allen Streuspektren zu finden.
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Abbildung 6.5: Direkter Isotopenvergleich von Hy und Ds. Die gezeigten Thomson-
Streuspektren sind mit denen der Abbildungen 6.3 und 6.4 identisch (p = 50 mbar, lin.
Pol.: T = 4.9 - 10" W/cm?, ell. Pol.: T = 6.15 - 10'® W/cm?). Allerdings ist hier zum

Vergleich der Ionenkomponenten das unnormierte CCD-Signal aufgetragen.

Signalhohen der Hy- und Dsy-lonenkomponente dabei fiir lineare und elliptische
Polarisation nahezu identisch ist. Gemafl den Ausfiihrungen in Abschnitt 4.3 kann
unter der Annahme, dafl die Ionentemperatur des Do-Plasmas diejenige des ver-
gleichbaren H,-Plasmas nicht {ibersteigt, daraus abgeleitet werden, dafl die Streu-
bedingungen des ionenakustischen Regimes vorliegen. Das Elektronengas ist folg-
lich viel heisser als der Tonenhintergrund und das Plasma befindet sich nicht im

thermischen Gleichgewicht.

6.3 Variation des Gasdruckes

Zur Untersuchung des Einflusses, den die Teilchendichte im Plasma — und damit
auch implizit die Debye-Linge und die mittlere freie Weglinge — auf die Tempera-
tur des Elektronengases und des Ionenhintergrundes haben, wurde der Druck des
Wasserstoff- bzw. Deuterium-Gases in 10 mbar-Schritten zwischen 10 und 100 mbar
variiert. Die (nominale) Intensitdt des ionisierenden 790 nm-Laserpulses betrug
I, = 2.1-10' VV/crn2 bei linearer und I = 1.9-10' VV/cm2 bei elliptischer Pola-
risation”. Die Verwendung einer moglichst hohen Laserintensitiit im Rahmen des

" in und Iy entsprechen den im Experiment maximal erreichbaren Laserintensitéiten. Tech-
nisch bedingt kamen in der ATLAS-Strahlfiihrung 5 Al-beschichtete Spiegel zum Einsatz, deren
Reflexionsvermdgen im VIS bei etwa 86% liegt. Beriicksichtigt man weiter die Energiekonversion
von 20 — 25% in den 395 nm-Diagnosepuls, so standen im Targetvolumen von der durchschnitt-
lichen ATLAS-Pulsenergie (~ 230 mJ) nur etwa 80 mJ im 790 nm-Pumppuls zur Verfiigung.
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Druck-Scans ist insofern von Interesse, als damit ein moglicher Heizeffekt durch
die in Abschnitt 3.2 dargestellten kollektiven Mechanismen der Inversen Brems-
strahlung, Raman- und Compton-Streuung in einem Intensitéitsbereich untersucht
werden kann, der dem fiir die Realisierung von XUV-Rekombinationslasern favo-

risierten nahekommt.

Ionisationsdefokussierung

In Abbildung 6.6 ist der aus den Hs-Thomson-Spektren fiir lineare und ellipti-
sche Polarisation bestimmte Abstand der Elektronen-Peaks vom Schwerpunkt der
Ionenkomponente dargestellt, aus dem sich bei bekannter Elektronendichte de-
ren Temperatur ableiten 148t. Geht man von einer vollstindigen Ionisation (Z=2)
des Wasserstoffgases iiber den gesamten Druckbereich aus, so geben die einge-

zeichneten Kurven den gemifl der Gross-Bohm-Relation Gleichung 4.5 bzw. 4.6

Elektronendichte fiir Z=2 (10" cm®)

£ 1t H, i
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Abbildung 6.6: Anwachsen des Abstandes der Elektronenkomponenten (Peakpositi-
on) vom Schwerpunkt der Tonenkomponente mit zunehmendem Hs-Gasdruck fiir line-
ar und elliptisch (¢ = 0.7) polarisierte Laserstrahlung vergleichbarer Intensitit (I;, =
2.1-10'W/cm?, Iy = 1.9 - 10' W/cm?). Auf der oberen Abszisse ist die zugehorige
Elektronendichte eines vollstandig ionisierten (Z=2) Wasserstoffplasmas angegeben. Im
Sinne einer besseren Ubersichtlichkeit sind die zur elliptischen Polarisation gehorigen
Mefipunkte leicht versetzt dargestellt. Die eingezeichneten Kurven stellen die nach der
Gross-Bohm-Relation 4.5 bzw. 4.6 berechneten Abstinde der Elektronen-Peaks fiir drei
verschiedene Elektronentemperaturen unter der Annahme eines vollstéindig ionisierten

Plasmas dar.
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berechneten Peakabstand fiir drei verschiedene Elektronentemperaturen wieder.
Die Bestimmung der Peakposition der Elektronenkomponenten ist in Relation zu
den niedrigen zu messenden Temperaturen teilweise mit einer erheblichen Unge-
nauigkeit behaftet, die sich in der Grofle der Fehlerbalken ausdriickt. Dennoch
bietet diese einfache Auswertemethode einen sehr anschaulichen Zugang in bezug
auf die Problematik der Ionisationsdefokussierung. Im Druckbereich zwischen 20
und 60 mbar liegen die gemessenen Abstéinde der Elektronen-Peaks in dem schma-
len Streifen, der durch ein vollionisiertes Plasma und eine Elektronentemperatur
zwischen 3 eV und 6 eV charakterisiert ist. Die Mefipunkte fiir lineare und ellipti-
sche Polarisation weichen nur wenig voneinander ab. Auch unter Beriicksichtigung
der Fehlerbalken wird die T, = 0eV-Kurve, die nichts anderes als die Elektron-
plasmafrequenz wye des vollionisierten Plasmas darstellt, und dementsprechend
den allein durch die Elektronendichte verursachten Peakabstand beschreibt, nicht
unterschritten. Ab einem Gasdruck > 70 mbar liegen die Peakabstéinde jedoch un-
terhalb der 7T, = 0eV-Kurve im grau unterlegten Bereich, in dem die Ionisation
des Wasserstoff-Plasmas nicht mehr vollstindig sein kann. Unter Einbeziehung der
Fehlerbalken kann man bei Driicken ab 70 mbar zumindest nicht mehr sicher von
einem vollionisierten Plasma ausgehen.

Als Schlufifolgerung 148t sich demgemé&fl die Elektronendichte nur im Druckbe-
reich < 50 mbar eindeutig festlegen. Im Ubergangsbereich zwischen 60 mbar und
70 mbar mufl mit leichten Abweichungen vom lonisationsgrad Z=2 gerechnet wer-
den, die allerdings bei der Anpassung von simulierten Thomson-Spektren schon zu
erheblichen Fehlern in der Bestimmung der Elektronentemperatur fithren konnen,
da die Elektronendichte bei niedrigen Elektronentemperaturen ein hohes Gewicht
hat (vgl. Gross-Bohm-Relation Gleichung 4.6). Bei Driicken iiber 70 mbar liegt der
[onisationsgrad des Plasmas deutlich unter Z=2. Eine analoge Untersuchung der

Dy-Thomson-Spektren kommt zum identischen Ergebnis.

Die Entwicklung der Thomson-Spektren mit steigender Elektronendichte ist in
Abbildung 6.7 fiir den Druckbereich bis 60 mbar am Beispiel von Wasserstoff und
linearer Laserpolarisation gezeigt. Das urspriingliche Input-Laserspektrum mit sei-
nem aus dem Frequenzverdopplungsprozef herriihrenden Seitenpeak bei 399.5 nm
ist dabei mit ,,0 mbar“ bezeichnet. Die Maxima der Elektronenkomponenten, die
mit zunehmendem Druck ihren Abstand von der Zentralwellenlénge vergrofern,
beginnen erst bei 40 mbar sich klar von der lonenkomponente zu separieren, deren
Halbwertsbreite aufgrund der ionisationsinduzierten Verbreiterung des Eingangs-
spektrums stetig zunimmt. Die Position des vorangehend diskutierten Seitenpeaks
andert sich dagegen kaum. Das Maximum des Elektronenpeaks auf der kurzwelli-
gen Seite ist — wahrscheinlich aufgrund der Asymmetrie in der Blauverschiebung

— generell weniger gut definiert, als dasjenige auf der langwelligen Seite des Streu-
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Abbildung 6.7: Entwicklung der Thomson-Spektren von Wasserstoff mit steigendem
Gasdruck zwischen 0 und 60 mbar bei einer Laserintensitit von I = 2.1 - 10’6 W /cm?
und linearer Polarisation. Die einzelnen Streuspektren sind auf 1 normiert und jeweils
um 0.25 Einheiten vertikal versetzt. Die Basislinie jedes Spektrums ist punktiert ein-
gezeichnet. Zur besseren Vergleichbarkeit der Streuspektren wurde die unterschiedliche
spektrale Blauverschiebung korrigiert. Das mit ,,0 mbar“ bezeichnete Spektrum stellt das
urspriingliche Input-Laserspektrum dar. Der Seitenpeak bei 399.5 nm, der auch in den
Thomson-Streuspektren wiederzufinden ist, ist ein Artefakt des Frequenzverdopplungs-

prozesses.

spektrums. Mit zunehmendem Druck ist auch ein Anwachsen der Intensitit der

H,-Emissionslinie zu beobachten.

Parameterbestimmung durch Simulationsanpassung

Da eine Auswertung der Thomson-Spektren allein anhand der Gross-Bohm-Rela-
tion, d.h. des Abstandes der Elektronenkomponenten, zu unprizise ist und auch
keine Informationen iiber die Ionentemperatur liefert, wurde zur genaueren Be-
stimmung von T, und 7; generell auf die Anpassung eines simulierten Thomson-
Spektrums an das jeweils gemessene zuriickgegriffen. Als Input-Spektrum fiir das in

Abschnitt 4.3 erlduterte Simulationsprogramm wurde das entsprechende Eingangs-
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laserspektrum des Diagnosepulses herangezogen. Die ionisationsinduzierte spek-
trale Verbreiterung ist dabei in Ubereinstimmung mit der Breite der Tonenkom-
ponente im Streuspektrum korrektiv beriicksichtigt worden (vgl. Ausfiihrungen zu
den Eigenschaften der Ionenkomponente in Abschnitt 4.3). Der Algorithmus zur
Simulationsanpassung startet mit der Festlegung der Elektronendichte, deren not-
wendige prizise Kenntnis eine Beschrankung auf die Messungen im Druckbereich
von 10 mbar bis 50 mbar erfordert. Durch Variation der Elektronentemperatur wer-
den anschlieflend Position und Form der Elektronenkomponenten mit denjenigen
des Mefispektrums zur Deckung gebracht. Schliefllich wird die relative Hohe von
Ionen- und Elektronenkomponenten durch Anpassung der Ionentemperatur einge-
stellt.

Exemplarisch sind in Abbildung 6.8 die optimierten Simulationsspektren zu vier
gemessenen Thomson-Spektren gezeigt. Es besteht generell eine gute Ubereinstim-
mung zwischen simulierten und gemessenen Spektren. Die durch die Simulatio-
nen bestimmten Parameter Ti, T;, (n.) sind in der Bildunterschrift aufgefiihrt.
Bei niedriger Elektronendichte, wie in Fall (a), besitzt das Mefispektrum , wenig
Struktur®, da die Elektronen-Peaks aufgrund ihrer geringen Verschiebung mit der
breiten Tonenkomponente iiberlappen (der Peak bei 399 nm ist kein Elektronen-
Peak, sondern wiederum die schon bekannte , spektrale Nase“). Bei der Anpassung
der Simulation sind deshalb Elektronen- und Ionentemperatur nicht sequentiell
optimierbar, sondern miissen simultan angepaflit werden. Die daraus bestimmte
Tonentemperatur ist im allgemeinen mit einem grofleren Fehlerintervall als im Fal-
le hoherer Driicke behaftet. Wie man in den Graphen (b), (¢) und (d) sieht, kann
die Asymmetrie in der Amplitude der kurz- und langwelligen Elektronenkompo-
nente des Meflspektrums durch die Beriicksichtigung des Untergrundes durch die
Ausldufer der bei 434 nm lokalisierten H,-Emissionslinie im simulierten Spektrum
teilweise reproduziert werden. Zur Simulation wurde dabei die Gauf}férmig an-
genommene H,-Linie mit einer der Elektronendichte entsprechenden Halbwerts-
breite und der dem MefBspektrum entnommenen Amplitude hinzuaddiert. Bei ho-
hen Laserintensitéiten, wie in (b) und (c¢) [Fall (a) analog], wird die Signalhche
der langwelligen Elektronenkomponente bzw. der ,spektralen Nase“ im Mef3spek-
trum jedoch nicht vollstindig reproduziert. Diese Diskrepanz ist in der Anregung
von stimulierter Raman- und Compton-Seitwdrtsstrevung durch den Diagnosepuls
begriindet. Bei hohen Energien des 790 nm-Pumppulses — bzw. des einfallenden
ATLAS-Pulses — steigt auch die Konversion im Frequenzverdopplungsprozefl an, so
daf} der 395 nm-Diagnosepuls eine héhere Fokusintensitit erreicht, die die Schwel-
le fiir SRS und SCS iibersteigt. Wiahrend der Streubeitrag der SRS aufgrund der
Resonanzbedingung ein um die Elektronplasmafrequenz rotverschobenes ,Seiten-
band“ des Input-Spektrums erzeugt (vgl. Abschnitt 3.2.2), liefert die SCS einen
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Abbildung 6.8: Vergleich einiger experimentell gemessener Thomson-Spektren mit
dem jeweils bestmoglich angepassten, computersimulierten Streuspektrum. Als Ein-
gangsspektrum fiir die Simulation wurde das entsprechende Eingangslaserspektrum des
Diagnosepulses verwendet (spektrale Verbreiterung wihrend Propagation beriicksich-
tigt). Die Blauverschiebung der dargestellten Spektren wurde korrigiert. Parameter der
angepassten Simulationen: (a) ne = 6 - 107 em™3, T, = 3.3eV, T} = 0.7eV  (b)
ne = 1.8 - 108 em™3, T, = 4.8eV, T} = 0.8eV (c) ne = 3-10¥cm™3, T, = 5.3eV,
T =08eV (d) ne=3-10"%cm™3, T, =4eV, T} = 0.4eV.
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Elektronendichte (10'%cm’®)
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etwas breiter verteilten Untergrund auf der langwelligen Seite des Eingangsspek-
trums. Reduziert man bei vergleichbar hohem Gasdruck die Intensitéit von Pump-
bzw. Diagnosepuls, so verschwinden die SRS- und SCS-Streubeitrige und das ge-
messene Thomson-Spektrum kann (unter Einbeziehung des H,-Beitrags) bzgl. der
Amplitude beider Elektronen-Peaks perfekt simuliert werden, wie in Graph (d)
ersichtlich®.

Elektronen- und Ionentemperaturen in Abhingigkeit vom Gasdruck

Die Abbildungen 6.10 und 6.11 zeigen die Entwicklung der Elektronentemperatur
in den untersuchten Wasserstoff- und Deuterium-Plasmen mit steigender Elektro-
nendichte bei linearer bzw. elliptischer Polarisation des ionisierenden Laserpulses.
Fiir beide Isotope ergeben sich bei gleichem Gasdruck weitgehend iibereinstimmen-
de Elektronentemperaturen - unabhéngig von der verwendeten Laserpolarisation.
Die von 30 mbar bis 50 mbar beobachtbaren Abweichungen zwischen linearer und
elliptischer Polarisation von maximal etwa AT, = 0.5eV liegen in der Gréflenord-
nung der Ungenauigkeit bei der Auswertung der Thomson-Spektren. Insgesamt ist
ein flacher Anstieg der Elektronentemperatur mit zunehmender Elektronendich-
te feststellbar. Der Temperaturverlauf 148t sich konsistent durch eine Simulation
der Elektronenheizung aufgrund Inverser Bremsstrahlung (IB) reproduzieren (vgl.
strichpunktierte Linie in beiden Graphen). Die IB-Simulation basiert auf der in
Abschnitt 3.2.1 eingefiihrten Heizrate Gleichung 3.7 unter Verwendung der fiir
hohe Laserfeldstirken korrigierten Elektron-lon-Stofrequenz Gleichung 3.9. Der

8Bei niedrigeren Laserintensititen sind auBerdem die Elektronenpeaks definierter (weniger
»verwaschen“), die spektrale Verbreiterung nimmt stark ab und die ,Nase“ im Eingangsspektrum

verschwindet.
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Abbildung 6.10: Entwicklung der Elektronentemperatur im Hs- bzw. Do-Plasma mit
steigendem Gasdruck. Die nominale Intensitét des linear polarisierten Pumppulses be-
trug 2.1-10'6 W/cm?. Zur besseren Ubersicht sind die Dy-Daten versetzt dargestellt. Die
strichpunktierte Linie stellt den fiir die Heizung durch Inverse Bremsstrahlung berech-

neten Temperaturverlauf fiir T, o7y = 2.6 eV dar (Details im Text erldutert).

zeitliche Verlauf der Laserintensitdt wurde unter Einbeziehung des Pulspedestals
in Abbildung 5.2 modelliert. Die bei einem bestimmten Gasdruck im Experiment
erreichte Pulsspitzenintensitit kann mit Hilfe einer von S.C. Rae publizierten nu-
merischen Simulation der Defokussierung in Wasserstoff evaluiert werden [88]. Ab-
bildung 6.9 zeigt die in der IB-Simulation verwendeten Korrekturfaktoren fiir die
nominale Laserintensitéit Ij;, bzw. I in Abhéngigkeit vom H,-Gasdruck. Der Io-
nisationsprozefl und die daraus folgende Entwicklung der Elektronendichte im ent-
stehenden Plasma wurde im Rahmen des PPT/ADK-Modells (Ionisationsraten Gl.
2.8 und 2.9 in Abschnitt 2.1.1) unter Verwendung der Ratengleichungen 3.20 aus
Abschnitt 3.3.2 implementiert®. Der einzige Freiheitsgrad der Simulation besteht
in der Wahl der mittleren ATI-Energie der Elektronen, die in Form einer Tempe-

ratur T, arr als Input fiir die Elektron-Ion-StoBfrequenz bendtigt wird!'®. Auf den

9Als Approximation fiir die beim Hy-Molekiil vorliegende Kombination aus Tunnelionisation
und enhanced ionization wurde neben dem Ionisationspotential von 15.4eV fiir das Hy-Molekiil
ein fiktives ,Tonisationspotential“ von ebenfalls 15.4eV fiir Hi angenommen. Eine eventuelle

Elektronen-Stofionisation wurde vernachlissigt.
00bwohl der Begriff der Temperatur streng genommen erst nach der Thermalisierung der

Elektronenverteilung gerechtfertigt ist und die Gleichungen 3.7 bzw. 3.9 ebenfalls unter dieser

Annahme erstellt wurden, wird in der IB-Simulation von vornherein eine Maxwellverteilung



78 KAPITEL 6. MESSERGEBNISSE UND DISKUSSION
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Abbildung 6.11: Abhéngigkeit der Elektronentemperatur im Ha- bzw. Do-Plasma vom
Gasdruck bei elliptischer (¢ = 0.7) Polarisation der ionisierenden ATLAS-Pulse. Die
nominale Intensitiit betrug 1.9 - 10'° W/cmz. Die Do-Mefipunkte sind leicht versetzt
dargestellt. Die strichpunktiert eingezeichnete Linie stellt den fiir die Heizung durch
Inverse Bremsstrahlung berechneten Temperaturverlauf mit T, a7t = 2.6eV dar (siehe

Erkldrungen im Text).

Parameter T, arr wird in der Diskussion der Meflergebnisse néher eingegangen.

Die beste Anpassung der IB-Kurven an die Mefldaten in Abbildung 6.10 und 6.11
wurde in beiden Féllen fiir T, o1 =2.6 €V erreicht. Die leicht unterschiedliche no-
minale Laserintensitit wirkt sich erst im Bereich hoherer Gasdriicke > 20 mbar
in einem flacheren Kurvenanstieg bei elliptischer Polarisation aus'!. Der mit stei-
gender Elektronendichte abflachende Anstieg der Elektronentemperatur ist allein

durch die Defokussierung des Pumppulses bedingt'2.

Die zu den Elektronentemperaturen in Abbildung 6.10 und 6.11 gehorenden
Ionentemperaturen sind in Abbildung 6.12 gezeigt. Da sich sowohl die Fehlerin-

tervalle in der Bestimmung der Elektronentemperaturen als auch die durch SRS

angenommen. Mit steigender Teilchendichte, d.h. abnehmenden Relaxationszeiten, sollte diese

Approximation immer besser gerechtfertigt sein (vgl. Abschnitt 3.1).

Hnsofern sind die vorangehend diskutierten, im oberen Druckbereich etwas geringeren Elek-
tronentemperaturen bei elliptischer Polarisation vollkommen konsistent mit dem Modell der IB-
Heizung.

12Tn der Simulation der Inversen Bremsstrahlung zeigt sich, dafl das Pedestal des Pumppulses
zu einer stirkeren Aufheizung des Elektronengases fiihrt, als dies fiir einen idealen Gaufipuls der
Fall wére.
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Abbildung 6.12: Zugehorige H"- und D*-Ionentemperaturen zu den vorausgehend
dargestellten, druckabhingigen Elektronentemperaturen bei linearer und elliptischer La-
serpolarisation (I;, = 2.1 - 106 W/cmZ, Iy = 19106 W/cm2). Die Mefipunkte mit
gefiillten Symbolen sind leicht versetzt dargestellt.

und SCS verursachte Unsicherheit in der Amplitude der Elektronen-Peaks auf ihre
Auswertung auswirken, sind sie mit einem vergleichsweise hohen relativen Fehler
behaftet. Trotz der beschrinkten Meflgenauigkeit 148t sich zweifelsfrei evaluieren,
daf} die Temperatur der Deuteronen bei allen untersuchten Gasdriicken deutlich
niedriger als die Protonentemperatur ist. Eine Abhéngigkeit von der Laserpolarisa-
tion ist im Falle von Hy nicht nachweisbar. Bei D, scheint die Lage der Meipunkte
auf eine stets um etwa 0.1eV geringere Ionentemperatur fiir elliptische Polarisa-
tion hinzudeuten. Unter Beriicksichtigung der fiir lineare und elliptische Polarisa-
tion iiberlappenden, groflen Fehlerintervalle ist dieser Trend stochastisch jedoch
nicht signifikant. In bezug auf die Entwicklung der Ionentemperatur mit steigen-
dem Gasdruck sind die Daten fiir beide Isotope und Polarisationen im Rahmen
der Fehlerintervalle mit einer konstanten Ionentemperatur konsistent. Als Mittel-
werte ergeben sich T}(HT)= 0.8 £ 0.16eV und 7i(D')= 0.35 £ 0.16 eV, wobei
der Fehlerwert nicht die Standardabweichung darstellt, sondern als Mittelwert der

Fehlerintervalle der einzelnen Datenpunkte errechnet wurde.
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Abbildung 6.13: Entwicklung der Elektronentemperatur im Ha- bzw. Dy-Plasma mit
steigender Intensitdt des linear polarisierten Pumppulses. Der Gasdruck betrug 50 mbar,
was bei vollstindiger Ionisation einer Elektronendichte von 3 - 10'® cm ™3 entspricht. Die
auf der oberen Abszisse angegebenen defokussierten Intensitéten sind geméfl Abbildung
6.9 berechnet. Die Dyo-Meflpunkte sind leicht versetzt dargestellt. Die strichpunktierte
Linie zeigt den fiir die Heizung durch Inverse Bremsstrahlung berechneten Tempera-
turverlauf unter Verwendung der defokussierten Intensititen und einer ATT-Temperatur
von Te a1t = 2.6eV (Details siehe Text).

6.4 Variation der Laserintensitit

Ergédnzend zur Druckabhingigkeit der Elektronen- und Ionentemperatur in Hs-
und D,-OFI-Plasmen wurde auch deren Sensitivitdt in bezug auf eine Variation
der Laserintensitiit im Bereich zwischen Ij, = 2.7 - 10'% — 2.1 - 10" W /cm® bzw.
Iy = 1.9-10" — 1.9 - 10" W/cm® bei einem konstanten Gasdruck von 50 mbar
untersucht!'®. Die Entwicklung der Elektronentemperatur mit steigender Intensitéit
des 790 nm-Pumppulses ist in den Abbildungen 6.13 und 6.14 fiir lineare bzw. el-
liptische Polarisation und jeweils beide Isotope gezeigt. Die Berechnung der auf
den oberen Abszissen angegebenen defokussierten Intensitéiten folgt dem Korrek-
turfaktor fiir einen Gasdruck von 50 mbar aus Abbildung 6.9. Wie in Abschnitt

13Im vorangehenden Abschnitt 6.3 erwiesen sich die Thomson-Spektren bei 50 mbar als am

besten und prézisesten auswertbar.
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Abbildung 6.14: Abhingigkeit der Elektronentemperatur im Hy- bzw. Do-Plasma von
der Intensitit des elliptisch (¢ = 0.7) polarisierten Pumppulses bei einem Gasdruck
von 50 mbar. Die auf der oberen Abszisse angegebenen defokussierten Intensititen sind
geméfl Abbildung 6.9 berechnet. Die Do-Mefpunkte sind leicht versetzt dargestellt. Die
strichpunktierte Linie, die den fiir die Heizung durch Inverse Bremsstrahlung berechneten

Temperaturverlauf zeigt, ist mit derjenigen aus Abbildung 6.13 identisch.

3.3.1 beschrieben, hingt die Defokussierung nur sehr schwach von der nominalen
Laserintensitét selbst ab (solange diese die Schwellenintensitét Iy iiberschreitet),
so daf} die Verwendung eines konstanten Korrekturfaktors iiber den gesamten In-
tensitédtsbereich gerechtfertigt ist.

Fiir beide Polarisationen 148t sich ein Anstieg der Elektronentemperatur mit zu-
nehmender Laserintensitiat beobachten, wobei dieser im Falle linearer Polarisation
im Trend etwas deutlicher hervortritt. Die Zunahme der Elektronentemperatur,
die sich innerhalb einer Intensitidtsdekade nicht einmal verdoppelt, erscheint je-
doch moderat. Zwischen den beiden Isotopen treten — insbesondere bei linearer
Polarisation — nur marginale Abweichungen beziiglich 7T, auf. Wie im Falle des
Druck-Scans sind auch beim Intensitéts-Scan zwischen den beiden Polarisationen
nur geringe Unterschiede in der Elektronentemperatur zu beobachten, die in der
Groflenordnung von weniger als 0.4 eV und innerhalb der Fehlerintervalle liegen.
Lediglich die MeBpunkte zur niedrigsten Intensitét I fallen durch eine im Ver-
gleich deutlich erhéhte Temperatur auf. Die zugehorigen Thomson-Signale sind

jedoch aufgrund der niedrigen Anzahl gestreuter Photonen mit starkem Rauschen



82 KAPITEL 6. MESSERGEBNISSE UND DISKUSSION

behaftet, das die exakte Feststellung der Maxima der beiden Elektronen-Peaks er-
schwert. In Kombination mit der hohen Elektronendichte sinkt dementsprechend
die Prézision der T,-Bestimmung (siche Fehlerbalken).

Die in den Abbildungen 6.13 und 6.14 gezeigte Simulation fiir die Heizung durch
Inverse Bremsstrahlung gibt — insbesondere bei linearer Polarisation — den Verlauf
der Mefipunkte hervorragend wieder. Die simulierten Kurven in beiden Graphen
sind identisch. Thre Berechnung erfolgte analog zu der im vorangehenden Abschnitt
6.3 geschilderten Vorgehensweise. Fiir die ATI-Temperatur ergibt sich — wie im
Falle des Druck-Scans — ein Wert von T, ar1 = 2.6eV.

Die zu den Elektronentemperaturen in Abbildung 6.13 und 6.14 gehorenden
Ionentemperaturen sind in Abbildung 6.15 dargestellt. Analog zu den Meflergeb-

nissen des Druck-Scans liegen auch hier die Ionentemperaturen von Dt durchge-
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Abbildung 6.15: Zugehérige H'- und DT -Ionentemperaturen zu den vorausgehend dar-
gestellten, intensitdtsabhingigen Elektronentemperaturen bei linearer und elliptischer

Laserpolarisation (p = 50 mbar).
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hend deutlich unter denen von H*. Es 1a8t sich jedoch weder bei Wasserstoff noch
bei Deuterium ein klarer Trend in der Entwicklung der Ionentemperaturen mit
steigender Laserintensitdt erkennen. Unter Beriicksichtigung der verhéltnisméfig
groflen Fehlerintervalle sind — bezogen auf ein einzelnes Isotop — die Unterschiede
in der Ionentemperatur bei linearer und elliptischer Polarisation nicht signifikant.
Die Lage der Meflpunkte deutet vielmehr auf die statistische Schwankung um
einen Mittelwert hin. Bei Wasserstoff ergibt sich fiir die mittlere Tonentempera-
tur ein Wert von Ti(H")= 0.78 £ 0.15eV. Im Falle von Deuterium findet man
T;(D*)=0.39 £ 0.19eV als Mittelwert. Die angegebenen Fehlerintervalle sind als

Mittelwert der Fehlerintervalle der einzelnen Datenpunkte errechnet worden.

6.5 Diskussion der Messergebnisse

Elektronentemperatur

Das interessanteste, weil in dieser Form und Klarheit unerwartete Ergebnis der vor-
ausgehend beschriebenen Messungen stellt sicherlich die Insensitivitédt der Elektro-
nentemperatur in bezug auf die Polarisation des ionisierenden Laserfeldes dar. Ent-
sprechend dem in Abschnitt 2.3 beschriebenen semiklassischen Modell (,,Corkum-
Modell“) hitte man fiir die stark elliptisch polarisierten Laserpulse mit & = 0.7
eine deutlich hohere Elektronentemperatur als im Falle linearer Polarisation er-
wartet. Dennoch stehen die Meflergebnisse der Thomson-Streuexperimente mit H,
und Dy nicht unmittelbar im Widerspruch zur Aussage des ,,Corkum-Modells*“.
0.0 0.2 04 0.6 0.8 1.0 . .

—— . . . — Abbildung 6.16: Simulation
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Beim Vergleich der Meflergebnisse mit den theoretischen Vorhersagen miissen ei-
nige experimentelle Faktoren beriicksichtigt werden, die signifikante Abweichungen
von den allgemeinhin angenommenen, idealisierten Bedingungen beinhalten. Ne-
ben den Eigenarten, die die Wahl der untersuchten Gasart im Hinblick auf die
Beschreibung des Ionisationsprozesses mit sich bringt, spielen insbesondere das
Pedestal des Laserpulses und die Auswirkungen der hohen Elektronendichte eine

wichtige Rolle.

In Abbildung 6.16 ist eine auf dem ,Corkum-Modell“ basierende Simulation
der Elektronentemperatur in einem Wasserstoffplasma in Abhéngigkeit der Ellip-
tizitdt & gezeigt. Der ionisierende 790 nm-Laserpuls wurde als idealer, d.h. pede-
stalfreier Gaufpuls mit Halbwertsbreite 130 nm und einer Spitzenintensitit von
Iy =910 W/cm®, wie sie der maximalen defokussierten Intensitit im Experi-
ment bei einem Hy-Druck von 50 mbar entspricht, angenommen. Die dargestellten
Temperaturen sind aus den entsprechenden Verteilungen der in der Ionisation ak-
quirierten Driftenergie der Elektronen berechnet (vgl. Abschnitt 2.3). Wihrend der
Ionisationsprozefl des Ho-Molekiils, wie in Abschnitt 2.2 ausgefiihrt, analog dem
eines Atoms mit Ionisationspotential IP =15.426 eV im Rahmen der PPT/ADK-
Theorie behandelt werden kann, sind fiir den durch enhanced ionization modifizier-
ten Zerfall des Hy -Molekiilions die PPT/ADK-Ionisationsraten nur grob approxi-
mativ anwendbar. Geht man diesbeziiglich von einem fiktiven Ionisationspotential
IP(H) = 30eV (= vertikaler Ubergang (Hf)X?S} 1s0, — H+ H* bei Req =
1.056 A) aus, so ergeben sich bei zirkularer bzw. stark elliptischer Polarisation der
Laserpulse sehr hohe Temperaturen von bis zu 46 eV nach der Thermalisierungs-
phase des Elektronengases (siehe Abbildung 6.16). Aus dem Vergleich mit den
experimentell gemessenen Temperaturen fiir € = 0.7, die weit niedriger als die ent-
sprechende Temperatur der Simulation liegen, kann man — wie zu vermuten war —
einen signifikanten Beitrag solcher vertikaler Ubergiinge ausschliefen.

Im Rahmen der Simulationen zur Inversen Bremsstrahlung wurde bereits erwéihnt,
daf} die dissoziative Ionisation besser beschrieben werden kann, indem man fiir H,
und Hj in den PPT/ADK-Raten das gleiche Ionisationspotential von 15.426 eV
annimmt!'*. Diese Situation entspricht einer schnellen enhanced ionization des Hj -
Ions kurz nach seiner Entstehung. Die Elektronentemperaturen, die sich unter

diesen Bedingungen aus der Simulation ergeben, iiberspannen den Bereich von

4 Anders als im Falle der IB-Simulation kann bei der Berechnung der Elektronenenergien/
-temperatur jedoch nicht die zeitlich gemittelte Ionisationsrate verwendet werden, da die Drif-
tenergie sensitiv von der Phase der Laserwelle zum Zeitpunkt der Ionisation eines Elektrons
abhingt. Jede Schwingungsperiode des elektrischen Feldes wird in Intervalle geeigneter Grofie
zerlegt, deren PPT/ADK-Rate sich gemif Gleichung 2.5 fiir ein statisches Feld errechnet.
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T, =2.8¢eV bei linearer bis T, =19.9eV bei zirkularer Polarisation. Wéhrend die
Temperatur fiir £ =0 nun sehr gut mit der ATI-Temperatur 7, ar1 = 2.6 eV kor-
respondiert, die sich iibereinstimmend aus der Anpassung der IB-Simulationen an
die Mefldaten ergibt, liegt der Wert von T, =14.5eV bei £ =0.7 noch immer deut-
lich iiber den MeBwerten fiir die elliptisch polarisierten Laserpulse.

Vergleicht man die beiden Kurven in Abbildung 6.16, so stellt man fest, daf§ die Re-
duktion des Ionisationspotentials von Hy bei konstanter Pulsintensitéit fast keinen
Einflufl auf das Verhdltnis der Elektronentemperaturen bei verschiedenen Ellipti-
zitaten hat. In beiden Féllen ist T, ¢y /Te e ~ 8. Die Senkung des Ionisationspo-
tentials bewirkt primér eine fiir alle Polarisationen nahezu gleiche Erniedrigung
der Elektronentemperatur um etwa den Faktor 2. Es zeigt sich jedoch in den
Simulationen, dafy der Anstieg von T, mit £ bei hohen Feldstérken, die die Erschei-
nungsfeldstirke Eggr deutlich {ibersteigen, stark von der Pulsform der Einhiillenden
des elektrischen Laserfeldes, bzw. speziell von der ,Steilheit” der Pulsvorderflanke,
abh#ngt. Unter diesem Aspekt mufl — analog der IB-Simulation — das in Abbildung
5.2 sichtbare Pedestal der ATLAS-Pulse mit in die Berechnungen einbezogen wer-
den. Weiterhin ist zu beriicksichtigen, daf die H,- und HJ-Molekiile bei den La-
serintensitidten und der Pulsdauer des vorliegenden Experimentes in bezug auf den
Feldvektor statistisch orientiert sind (vgl. Abschnitt 2.2 bzw. Anhang). Wihrend
bei stark elliptischer oder zirkularer Polarisation der rotierende Feldvektor iiber die
Puldauer jede (transversale) Orientierung bei hoher Feldstéirke einnimmt, ist er bei
schwach elliptischer oder linearer Polarisation fiir den grofiten Teil der Molekiile
nie (mit signifikanter Feldstéirke) parallel zu ihrer internuklearen Achse ausgerich-
tet. Demzufolge mu8 fiir kleine Elliptizitdten in der PPT/ADK-Ionisationsrate die
Anisotropie des Ionisationsprozesses beziiglich der relativen Ausrichtung von Mo-
lekiilachse und Feldvektor beriicksichtigt werden!®. Geméif8 den Untersuchungen
von Talebpour et al. [42, 48] kann diese Situation durch die Einfithrung einer ef-

fektiven Kernladungszahl Z.¢ approximiert werden.

In Abbildung 6.17 ist eine Simualtion der Elektronentemperatur unter Beriick-
sichtigung des Pulspedestals und der statistischen Molekiilorientierung fiir zwei
verschiedene Pulsspitzenintensititen und IP(H,, H3 ) =15.4eV gezeigt. Die effekti-
ve Kernladungszahl in der PPT/ADK-Rate ist dabei in Abhéngigkeit der Ellipti-
zitét zwischen Zeg ¢ =0.72 und Zeg ¢y = 1 variiert worden. Vergleicht man den
Kurvenverlauf bei Iy =9 - 10" W/cm® (durchgezogene Linie) mit dem entsprech-

enden aus Abbildung 6.16 (durchgezogene Linie) fiir einen idealen Gaufipuls, so

15Bei der Ionisation des Hs-Molekiils, die ja dem atomaren Fall sehr shnlich ist und durch
das PPT/ADK-Modell gut beschrieben wird, ist die Ionisationswahrscheinlichkeit am hochsten,
wenn Molekiilachse und elektrischer Feldvektor (anti-)parallel ausgerichtet sind.
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findet man fiir geringe Elliptizititen £ < 0.3 nahezu gleiche Elektronentemperatu-
ren (T, e0=2.25eV gegeniiber Ti, o =2.8eV in Abbildung 6.16). Demgegeniiber
hat sich die Elektronentemperatur im Bereich & 2 0.6 fast halbiert. Bei zirkularer
Polarisation ergibt sich in Abbildung 6.17 ein Wert von T, =11.2eV im Vergleich
zu T,=19.9eV aus Abbildung 6.16. Das Pedestal des Laserpulses wirkt sich dem-
nach bei groflen Elliptizitdten in einer starken Verringerung der Driftenergien der
Elektronen aus, wiahrend dieser Effekt bei geringer Elliptizitit des Laserlichtes
durch die wegen Z.g ~ 0.72 niedrigere rdumlich gemittelte lonisationsrate kom-
pensiert wird. Dieser Sachverhalt ist in Abbildung 6.18 anhand der zeitlichen Ent-
wicklung der Elektronendichte anschaulich dargestellt («<» durchgezogene Kurve
in Abbildung 6.17). Bei einer Pulsspitzenintensitiit von Iy =9 - 10 W/cm® wird
die volle Ionisation des Wasserstoffgases bereits weit vor dem Intensitdtsmaximum
im Pedestal des Laserpulses erreicht. Der flache zeitliche Anstieg des Pedestals
ermoglicht dabei, dafl der gesamte lonisationsprozefl, der etwa 300fs benétigt,
schon bei verhiltnisméfig geringer Intensitit, d.h. geringem Ponderomotivem Po-
tential, abgeschlossen ist, und somit keine Elektronen mit hoher Driftenergie frei-
gesetzt werden. Das vollionisierte Plasma wird bei gleicher Pulsintensitét fiir linear
polarisierte Pulse ca. 50 fs spéter als bei zirkularer Polarisation erreicht. Diese ,In-

version“ des Ionisationsverhaltens zwischen linearer und zirkularer Polariation'®,

16Vernachlissigt man die statistische Molekiilorientierung und verwendet dementsprechend fiir
alle Elliptizititen £ die gleiche Kernladungszahl Z = 1 in der PPT/ADK-Ionisationsrate, so fiihrt
der Zusammenhang Ey \/-W zwischen Intensitdt und zugehoriger Feldstarkenampli-
tude Ey dazu, dal die Ionisationsraten bei gleicher Intensitit mit wachsendem ¢ immer kleiner
werden. Die Kurven der zeitlichen Entwicklung der Elektronendichte sind infolgedessen mit stei-
gendem ¢ gegeniiber derjenigen fiir ¢ = 0 zu hoheren Intensititen bzw. spiteren Zeitpunkten

parallelverschoben.
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Abbildung 6.18: Simulierte Entwicklung der Elektronendichte des Wasserstoffplasmas
mit steigender Intensitdt des ionisierenden 790 nm-Pulses bei linearer und zirkularer
Polariation. Der Ionisationsgrad Z = 2 entspricht dem vollstdndig ionisierten Plasma.
Die Simulationsparameter stimmen mit denen der durchgezogenen Kurve in Abbildung
6.17 iiberein: Iy =9 - 10 W/ch, IP(HZ,H;') =15.4eV, Zeg,c0 = 0.72 und Zeg ¢ =
1. Der im unteren Graphen dargestellten Intensitétsverlauf des Pulses beinhaltet das
Pulspedestal aus Abbildung 5.2.

die ausschliefflich durch die statistische Molekiilorientierung bzw. die kleinere effek-
tive Kernladungszahl Z.s = 0.72 bei ¢ = 0 bedingt ist, fiihrt zu einer Verringerung
des Verhaltnisses Tt e /Te, e0~ 5, wie in Abbildung 6.17 zu sehen ist.

Aus Abbildung 6.18 ist ersichtlich, daf} eine weitere Erhohung der Pulsspitzeninten-
sitidt — bei Beschrankung auf das ,,Corkum-Modell“ — keinen signifikanten Einflufy
auf die resultierende Elektronentemperatur des Wasserstoffplasmas hat, solange
der zeitliche Intensitiitsanstieg im Pedestal sich nicht dndert!”. Der vollioniserte
Plasmazustand wird lediglich mit steigender Spitzenintensitdt immer frither vor
dem Intensitdtsmaximum erreicht (was natiirlich die IB-Heizung begiinstigt). Um-
gekehrt wirkt sich eine Verringerung der Intensitit erst dann auf die Elektronen-

temperatur aus, wenn der Ionisationsprozefl so weit , verzogert“ ist, dafl er im Be-

"Dabei wird implizit angenommen, dafl das Pulspedestal sich proportional zum hochintensi-
ven, Gauflformig verlaufenden Intensitéitsanteil verhélt.
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reich des steil ansteigenden, zentralen Gauf3-Peaks abgeschlossen wird. Unter den
vorliegenden Bedingungen wird diese , Grenzintensitit* bei etwa Iy =3-10% W /cm?
erreicht (siehe strichpunktierte Kurve in Abbildung 6.17). Die Elektronentem-
peratur steigt in diesem Bereich — unabhéngig von der Laserpolarisation — mit
sinkender Pulsspitzenintensitdt wieder leicht an. Allerdings ist dieser Effekt in
der Gréienordnung < 0.5eV wegen der limitierten T,-Sensitivitit im Experiment
kaum nachzuweisbar. Im beschriebenen Intensitétsbereich nimmt ndmlich die Kon-
version in der Frequenzverdopplung stark ab und das Signal /Rausch-Verhiltnis des

2w-Thomson-Signals verschlechtert sich signifikant.

Die ATI-Temperaturen der Elektronen, die man im vorliegenden Experiment
nach dem ,,Corkum-Modell“ erwartet, liegen — in Anlehnung an die Berechnungen
in Abbildung 6.17 — zwischen 2.25eV und 2.6eV bei linear polarisierten Pul-
sen bzw. zwischen 8.3eV und 9eV fiir den Fall £ = 0.7. Der Einflu} der ap-
plizierten Spitzenintensitit auf die ATI-Temperatur ist nur marginal. Die zu-
gehorigen simulierten Energieverteilungen der Elektronen sind fiir die Elliptizititen
¢ =0,0.7und1 in Abbildung 6.19 gezeigt. Wie schon vorausgehend erwihnt,
stimmt fiir lineare Polarisation das berechnete ATI-Temperaturintervall in Kom-
bination mit der Simulation der Inversen Bremsstrahlung sehr gut mit den ex-
perimentellen Daten iiberein. Da die ATI-Energie im untersuchten Intensitétsbe-
reich nahezu konstant bleibt, ist die resultierende Elektronentemperatur durch die
Strahlungsabsorption infolge Inverser Bremsstrahlung dominiert.

Die gemessenen Elektronentemperaturen bei £ =0.7 (3 — 5eV), die ja im wesent-

lichen mit denen im Fall £ =0 iibereinstimmen, sind um etwa einen Faktor 2-3
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niedriger, als es das zugrunde gelegte theoretische Modell vorhersagt. Dabei muf3
beriicksichtigt werden, dafl der Mechanismus der Inversen Bremsstrahlung ten-
denziell tatsichlich zur Angleichung von Unterschieden in der anfinglichen (ATI-)
Energieverteilung bei linearer und elliptischer Polarisation fiihrt, da die Heizra-
te bei hoherer Temperatur deutlich abnimmt und der Peak in der Heizrate sich
dabei in den Bereich hoherer Laserintensitéiten verschiebt (vgl. Abbildung 3.1 in
Abschnitt 3.2.1). Eine simulierte ATI-Temperatur bei £ =0.7 von etwa 3 — 4eV

ware also durchaus mit den Mef3daten vereinbar.

Trotz der bei elliptischer Polarisation verbleibenden Diskrepanz zwischen den
gemessenen und den gemifl dem ,,Corkum-Modell“ berechneten ATI-/Elektronen-
temperaturen kann nicht zweifelsfrei gefolgert werden, daf§ das semiklassische ATI-
Modell bei hohen Elektronendichten seine Giiltigkeit verliert. Zum einen ist eine
gute Ubereinstimmung zwischen Theorie und Experiment im Falle linearer Polari-
sation gegeben, und zum anderen entzieht sich eine (theoretische) Randbedingung,
die einen signifikanten Einflufl auf die Berechnung der Elektronenenergien hat, ei-

ner ausreichend exakten Determinierung:

e Wie gut approximieren die Annahme IP(H;)=15.4eV und das PPK/ADK-

Modell die Ionisationsrate der enhanced tonization?

Unabhéngig von der Frage nach der Polarisationsabhéngigkeit der Elektronentem-
peratur lassen die durchgefiihrten Messungen den Schlufl zu, dafl bei der optischen
Feldionisation von Hy und Dy mit Pulsintensitéten, die weit iiber der Erscheinungs-
intensitéat liegen, die Inverse Bremsstrahlung schon bei Elektronendichten von etwa
10 ¢cm~3 zu einer signifikanten Heizung der Elektronenverteilung fiihrt. Das Aus-
maf} der Energieabsorption aus dem Laserfeld hingt wesentlich von der Form der
Einhiillenden bzw. vom Pedestal der Laserpulse ab. Ein in der Intensitéit flach an-
steigendes Pedestal wirkt sich in einer Senkung der ATI-Energien der Elektronen
im Vergleich zu einem idealen Gauf3puls aus. Andererseits wird durch das Pedestal
mit steigender Pulsspitzenintensitdt der Heizeffekt der Inversen Bremsstrahlung
> 3-10" em~* und/oder wach-

~J

begiinstigt. Mit zunehmender Elektronendichte n,
sender Laserintensitdt dominiert die Inverse Bremsstrahlung die Elektronentem-
peratur im Hy/Dy-Plasma.

Im untersuchten Dichte- und Intensitdtsbereich kann eine Aufheizung des Elek-
tronengases in Verbindung mit der Entstehung parametrischer Instabilitdten aus-
geschlossen werden. Die experimentell bestimmten Elektronentemperaturen lie-
fern keinen Hinweis auf einen deratigen Beitrag zu den Elektronenenergien. In

den aufgenommenen Thomson-Spektren sind jedoch bei hohen Laserintensitéiten
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und Hs/D,-Driicken , Fingerabdriicke® von Stimulierter Raman- und Compton-
Seitwértsstreuung (SRSS/SCSS) in Form einer charakteristischen Asymmetrie der
Elektronen-Peaks nachweisbar. Da SRSS und SCSS bereits im vergleichsweise nie-
derintensiven Diagnosepuls angeregt werden und die Wachstumsrate fiir Riickwérts-
streuung diejenige fiir Seitwértsstreuung noch iibersteigt (vgl. Gleichung 3.12, Ab-
schnitt 3.2.2), ist davon auszugehen, daf in Korrelation mit dem hochintensiven
Pumppuls deutlich stérkere Stimulierte Raman- bzw. Compton-Riickwérts- und
Seitwirtsstreuung auftritt. Aufgrund der kurzen Dauer der ATLAS-Laserimpulse
(FWHM 130fs bzw. < 2 ps inklusive Pedestal) kann diese allerdings keinen nen-
nenswerten Beitrag zur Elektronentemperatur leisten (siehe Kriterium Gleichung
3.15, Abschnitt 3.2.2).

Ionentemperatur

Die im Experiment gemessenen Ionentemperaturen fiir Wasserstoff und Deuterium
korrespondieren gut mit den in Abschnitt 2.3 vorgestellten theoretischen Berech-
nungen zur enhanced ionization/Coulomb-Explosion des Hy bzw. D3 -Molekiilions
[47], sowie mit den Messungen von Ilkov et al. [37, 38]. Die im Druck- und In-
tensitits-Scan bestimmten Mittelwerte der H*-Ionentemperatur von 7; = 0.8 &
0.16 bzw. 0.78 £0.15 eV stimmen perfekt mit der Temperatur iiberein, die sich aus
der berechneten mittleren Ionenenergie von 1.2 eV (bei hohen Laserintensitéten) er-
gibt. Demgegeniiber liegen die Mittelwerte von 7; = 0.35+0.16bzw.0.394+0.19eV
fiir Deuterium etwa 30% niedriger, als es der vorausgesagten mittleren Ionenenergie
von 0.85eV entspricht. Bei beiden Isotopen mufl jedoch das grofle Fehlerintervall
der Meflwerte beriicksichtigt werden, das auch fiir Deuterium noch mit der voraus-
berechneten Temperatur iiberlappt. Eine Anderung von Gasdruck oder Laserinten-
sitdt im experimentell untersuchten Bereich hat keine signifikante Auswirkung auf
die Tonentemperaturen. Diese Tatsache bestitigt die in [47] berechnete Sittigung
im intensitiitsabhiingigen Anstieg der Ionentemperaturen bei etwa 3 - 10 W/cmZ.
Insgesamt findet man bei Vergleich der im vorliegenden Experiment bestimmten
Ionentemperaturen mit [47] und den Messungen von Ilkov et al. [37, 38], daf das
Modell der enhanced ionization iiber einen verbliiffend groflen Parameterbereich
(von Ao =10 pum bis Ao =0.79 um, von Iy =10 W/cm” bis Iy =10'C W /cm?, von

Nanosekunden- bis Femtosekunden-Pulsdauer) Giiltigkeit besitzt.
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6.6 Zusammenfassung der Ergebnisse

Die wichtigsten Ergebnisse der vorliegenden Arbeit zur Thomson-Streuung an
optisch-fedionisierten Wasserstoff- und Deuterium-Plasmen werden nachfolgend

noch einmal stichpunktartig zusammengefafit.

e Die Elektronentemperaturen des Wasserstoff- und des Deuterium-Plasmas
sind im Rahmen der Meflgenauigkeit identisch und liegen im untersuchten

Parameterbereich zwischen 3eV und 6eV.

e Bei Verwendung von linear und elliptisch (£ = 0.7) polarisierten Laserpulsen

treten keine signifikanten Unterschiede in der Elektronentemperatur auf.

e Die Entwicklung der Elektronentemperatur bei Variation von Gasdruck und
Laserintensitit kann sehr gut mit Hilfe eines Modells zur Energieabsorpti-
on durch Inverse Bremsstrahlung und einer Anfangs-(ATI-)Temperatur von
2.6 eV reproduziert werden. Mit steigendem Gasdruck und steigender Inten-

sitdt ist ein flacher Anstieg der Elektronentemperatur zu beobachten.

e Die experimentell bestimmte ATI-Temperatur stimmt bei linearer Polarisa-
tion sehr gut mit den Vorhersagen des semiklassischen ATI-Modells iiberein.
Fiir den Fall elliptischer Polarisation sagt das Modell eine um den Faktor 3

hohere ATI-Temperatur voraus.

e In den Thomson-Streuspektren sind bei hohen Laserintensitédten und Driicken
,Fingerabdriicke” von Stimulierter Raman- und Compton-Seitwirtsstreuung
erkennbar. Unter den vorliegenden Bedingungen tragen diese jedoch nicht zur

Aufheizung des Elektronengases bei.

e Die gemessenen lonentemperaturen von Hy (0.79 +0.16eV) und D, (0.37 £+
0.19eV) stimmen im Rahmen der Mefigenauigkeit gut mit theoretischen Be-
rechnungen zur Coulomb-Explosion der H*- bzw. D™-Kerne im Anschlufl an
eine enhanced ionization der Hy- bzw. D3 -Molekiilionen iiberein. Bei bei-
den Isotopen hat eine Variation von Gasdruck oder Laserintensitit keinen

signifikanten Einflul auf die Ionentemperatur.

e Es konnte gezeigt werden, dafl die Ionentemperatur im Vergleich der Streu-
spektren zweier Isotope bei nur einem Streuwinkel eindeutig bestimmt werden

kann.



Kapitel 7
Perspektiven

Weiterentwicklung der Thomson-Diagnostik

Der Einsatz von Thomson-Streuung unter Verwendung ultrakurzer Lichtimpul-
se optischer oder ultravioletter Wellenlénge stellt eine vielversprechende Methode
zur zeitaufgelosten Diagnose lasererzeugter Plasmen mit relativ hohen Elektronen-
dichten und moderaten Elektronentemperaturen dar. Gerade im Hinblick auf die
Untersuchung weiterer Gasarten und die Suche nach optimalen experimentellen
Parametern im Rahmen der Rontgenlaser-Forschung birgt die Thomson-Streuung
noch erhebliches Potential. Prinzipiell ist bei Benutzung von Probe-Wellenléngen
im XUV- bzw. Rontgenbereich auch die Diagnostik von lasererzeugten, dichten

Plasmen von Festkérperoberflichen moglich®.

Geht man vom molekularen Wasserstoff mit zwei Elektronen zu beliebigen Viel-
elektronensystemen iiber, so ergibt sich das Problem, dafl die in der optischen
Feldionisation entstehende Elektronendichte im allgemeinen nicht mit ausreichend
hoher Genauigkeit fixiert werden kann. Das Thomson-Streusignal beinhaltet zwar
auch die Information iiber die Elektronendichte, diese ist im Streusignal jedoch
stark mit der Elektronentemperatur korreliert, so dafl eine verlédflliche Bestimmung
von n, und T, gerade bei geringeren Gasdriicken und/oder niedrigen Elektronen-
temperaturen kaum moglich ist. Es ist daher notwendig, eine unabhéngige Bestim-
mung der Elektronendichte parallel zur Thomson-Streuung vorzunehmen. In dieser

Hinsicht stellt die Technik der Interferometrie im Frequenzraum (frequency-domain

!Die Thomson-Streuung im Réntgenbereich wird derzeit am MPQ in einer theoretischen Di-
plomarbeit untersucht (Patricia Pyrka, Prof. Meyer-ter-Vehn). Ziel der Untersuchungen ist ein
Einsatz der Thomson-Streuung zur Diagnose der Elektronenbunches in einem Freie-Elektronen-

Laser.
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interferometry [FDI]) eine erfolgreich erprobte Mefimethode dar (vgl. [121],[122]).
Man koppelt dazu einen Bruchteil der Energie des 2w-Diagnosepulses aus und er-
zeugt daraus in einem Michelson-Interferometer zwei weitere, kollinear zueinander
propagierende Probepulse mit einstellbarer zeitlicher Verzégerung. Diese passieren
anschliefend das Plasmavolumen (senkrecht zur Propagationsrichtung des ionisie-
renden Pumppulses), wobei die Verzogerung zwischen den Probepulsen so gewihlt
ist, daf} einer der beiden das Volumen vor der Ionisation durchliuft, wihrend es
der zweite zu einem Zeitpunkt nach Entstehung des Plasmas passiert, so dafy des-
sen Amplitude und Phase durch die Plasmaelektronen beeinflu3t werden. Bildet
man das durch den Doppelpuls beleuchtete Plasma nun auf den Eintrittsspalt ei-
nes Gitterspektrographen ab, so kénnen die bisher zeitlich getrennten Probepulse
aufgrund der Dispersion des Gitters, das wie ein Pulsstrecker wirkt, dennoch zeit-
lich iiberlappen und ein Interferenzmuster erzeugen. Aus diesem Interferenzmuster
kann die Elektronendichte im Plasma 2D-rdumlich und zeitlich aufgelost bestimmt
werden.

Eine separate Fixierung der Elektronendichte erlaubt bei Benutzung einer statisch
gasgefiillten Experimentierkammer die Auswertung von Thomson-Spektren bei
héheren Gasdriicken, da die Auswirkung der Defokussierung auf die Elektronen-
dichte beriicksichtigt werden kann. Dariiberhinaus wire alternativ die Benutzung
einer Gasdiise moglich, wodurch die Defokussierung des Pumppulses und die ldsti-
gen spektralen Modifikationen des Diagnosepulses weitgehend vermieden werden

konnen.

Ein weiteres Problem in bezug auf die Plasmadiagnose bei Vielelektronensyste-
men besteht in der Verfialschung der Thomson-Spektren durch das Plasmaeigen-
leuchten. Da die Zahl der beobachtbaren resonanten Ubergéinge mit der Kernla-
dungszahl stark ansteigt, steigt mit ihr auch die Wahrscheinlichkeit, im Spektral-
bereich des Thomson-Signals stérende Emissionslinien zu finden. Untersuchungen
an Argon und Xenon, die mit der in Kapitel 5 beschriebenen 5 ns-geschalteten
ICCD-Kamera durchgefiihrt wurden, haben gezeigt, dafy diese Thomson-Spektren
aufgrund der Uberlagerung durch Emissionslinien nicht auswertbar sind. Zur Un-
terdriickung des Plasmaeigenleuchtens kann jedoch die ICCD-Kamera durch ei-
ne UV/VIS-empfindliche Streak-Kamera ersetzt werden. Solche Streak-Kameras
sind mittlerweile mit einer Zeitauflosung besser 300 fs erhéltlich. Wird die Streak-
Kamera auf das Eintreffen des 130 fs-Diagnosepulses getriggert, kann dieser ohne
Schwichung seiner Intensitit detektiert werden, wihrend das Zeitfenster, in dem
das Plasmaleuchten akkumuliert wird, von bisher etwa 1 — 5ns auf 300 fs verklei-
nert und somit der Beitrag der Plasmaemission um den Faktor 1/3000 — 1/16000

reduziert wird.
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> 4:10% cm ™3

~J

Um bei der Diagnose von OFI-Plasmen mit Elektronendichten n,
und Elektronentemperaturen im Bereich von T, ~ 10 — 20eV eine ausreichende
Sensitivitit der Thomson-Spektren beziiglich der Elektronentemperatur sicherzu-
stellen, ist die Verwendung eines moglichst kurzwelligen Diagnosepulses erforder-
lich (vgl. Gross-Bohm-Relation Gleichung 4.5 bzw. 4.6 in Abschnitt 4.1). Im Fal-
le des ATLAS-Lasersystems wiire die Erzeugung der dritten Harmonischen bei

263 nm eine naheliegende Option.

Die Umsetzung der vorgenannten Verbesserungen in der Thomson-Diagnostik
wiirde generell in Form einer simplen Variation des Probepuls-Delays die zeitauf-
geloste Messung der Evolution von OFI-Plasmen anhand von Elektronendichte,
Elektronen- und Ionentemperatur erméglichen. In bezug auf die Realisierung eines
OFI-Rontgenlasers sind insbesondere Untersuchungen an Plasmen, die mit kiirze-
ren Laserpulsen, besserem Pulskontrast und hoéherer Intensitét erzeugt wurden,

von Interesse.

Realisierung eines Rekombinations-XUV-Lasers

Die im Rahmen der vorliegenden Arbeit gewonnenen Meflergebnisse zur lonisati-
on von molekularem Wasserstoff bzw. Deuterium stellen einen vielversprechenden
Ansatz zur Realisierung eines transienten Rekombinations-Rontgenlasers (TRRL)
in Aussicht. Es handelt sich um eine Technik, die bereits 1990 von Burnett und
Enright [123] vorgeschlagen wurde, bis in jiingste Zeit aber in Vergessenheit gera-
ten zu sein schien (vgl. auch [124, 125]). Der Wasserstoff wird dabei nicht selbst als
Lasermedium verwendet, sondern ihm wird ein entsprechender Prozentsatz des Ga-
ses, in dem der Laseriibergang stattfindet, beigemischt (ca. 10-20%). Die Funktion
des Wasserstoffs besteht darin, — bedingt durch sein niedriges Ionisationspoten-
tial — eine moglichst niederenergetische Elektronenverteilung bereitzustellen, die
eine schnelle Rekombination erlaubt. Als grobe Faustregel fiir den T,-Bereich, in
dem eine effektive Rekombination und anschlielender Laseriibergang moglich sind,
gilt die Approximation T,[eV] < 0.11P[eV] [10], wobei IP das Ionisationspotential
der rekombinierenden Ionenspezies bezeichnet. Die Tatsache, dafl bis heute noch
keine {iberzeugende Realisierung eines effizienten OFI-TRRL gelungen ist, macht
die Schwierigkeit deutlich, dieser herausfordernden Relation zu geniigen. Will man
ndmlich hochenergetische Laseriibergéinge induzieren, so mufl man vergleichsweise
hohe Ionisationsgrade erzeugen, die mit steigendem Ionisationspotential IP auch
wachsende Elektronentemperaturen nach sich ziehen.

Als potentielle Lasermedien fiir einen OFI-TRRL kommen eine ganze Reihe von

Element-Ionen in Frage. Die diesbeziiglich wohl aussichtsreichsten Laser-Schemata
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gehen von Wasserstoff-artigen und Lithium-artigen Ionen aus [12, 11]. Im Bereich
der mit ATLAS-2 oder ATLAS-10 auch bei schwacher Fokussierung (f/10 — f/20)
zugiinglichen Laserintensitiiten sind insbesondere Li-artiger Stickstoff (N**, P =
77eV) und Li-artiges Neon (Ne'", IP = 207eV) mit einer Erscheinungsintensitit
von Iggi(N*T) ~ 310" W/cm? bzw. Igg(Ne™) &~ 710 W/cm® von Interes-
se. Bei Li-artigen Ionen wird der Feinstruktur—Ubergang 3ds/2 — 2p3/» dominant
verstirkt [6]. Die entsprechenden Laserwellenléngen liegen fiir Li-artiges N und Ne
bei 24.7nm bzw. 9.8 nm.

Eine hohe Effizienz n der erzeugten Rontgenlaserstrahlung, d.h. ein moglichst
grofles Verhéltnis der Ausgangs-Rontgenenergie zur Eingangs-Laserenergie, ist je-
doch neben dem Verstérkungskoeffizienten auch von anderen Parametern abhéngig.
Zur Optimierung der Effizienz ist eine schwache Fokussierung des Pumplaserstrahls
von Vorteil, die einen groflen Fokusdurchmesser mit einem in Propagationsrichtung
ausgedehnten Fokalbereich (,,Ionisationsschlauch“) verbindet, dessen Linge die
Sattigungslinge der Rontgen-Verstirkung moglichst iibersteigt. Natiirlich miissen
Intensitdt und Pulsenergie des Laserssystems grof§ genug sein, um die Gesamt-
zahl der Teilchen in diesem ndherungsweise zylindrischen Volumen ausreichend zu
ionisieren. Die Balance von Elektronendichte und -temperatur, Durchmesser und
Liange des zylindrischen Lasermediums bestimmt letztlich die Effizienz des OFI-
TRRL.

Geht man von einer Laserenergie von wenigen hundert Millijoule aus, so ist ei-
ne Effizienz von mindestens = 1075 als sinnvoll anzusehen. Auch bei niedrigen
Elektronentemperaturen im Bereich von IP/5—1P/10 und 1/e*-Fokusdurchmessern
von ~ 50 um sowie Rayleigh-Lingen im Millimeterbereich sind dazu N**- bzw.
Ne -Ionendichten in der GroBenordnung von 10" em=2 und H,-Driicke zwischen
800 — 1000 mbar erforderlich?. Diese Teilchendichten liegen auBerhalb des in dieser
Arbeit untersuchten Hp-Druckbereiches. Man kann jedoch die Temperatur der aus
der Ionisation des Wasserstoffs stammenden Elektronen auch in diesem Dichte-
bereich durch eine Simulation der ATI-Temperatur und der Inversen Bremsstrah-
lung abschiitzen. Legt man einen Pulskontrast von 10° auf einer Zeitskala von 1 ps
vor dem Maximum eines 130 fs-Pulses zugrunde?, so findet man 100 fs nach dem
Pulsmaximum fiir Li-artigen Stickstoff, 800 mbar Hy und Iy = 5 - 10> W/cm” ei-
ne Elektronentemperatur von T,(H",NT) ~ 20eV. Im Falle von Li-artigem Ne,
1000 mbar Hy und I = 10'7 W /cm? ergibt sich T,(H*) ~ 45eV. Diese Temperar-

2Der Hy-Druck kann bei Li-artigem Stickstoff etwas niedriger als bei Neon sein, da das duflere
Elektron ein dem Hy-Molekiil vergleichbares Ionisationspotential besitzt und demzufolge ebenfalls

zu einer niederenergetischen Elektronenverteilung beitréagt.
3Ein solcher Kontrast Lifit sich beispielsweise mit Hilfe eines sittighbaren Absorbers auf der

Pulsvorderflanke realisieren.



96 KAPITEL 7. PERSPEKTIVEN

turwerte erfiillen zwar nicht ganz die Anforderungen obiger Faustregel, aber nach
den Untersuchungen in [12, 11, 6] sollte damit dennoch ein effizienter OFI-TRRL
realisierbar sein?.

Unter technischen Aspekten betrachtet mufl von der statisch mit Gas gefiillten
Experimentierkammer zu einer 2 — 3mm langen, schlitzférmigen Gasdiise bzw.
zu einer Reihenanordnung mehrerer Diisen iibergegangen werden. Die Defokussie-
rung des Pumplaserstrahls liefe sich dadurch drastisch reduzieren. Die Mischung
des Lasermediums mit dem leicht ionisierbaren Wasserstoff hat in bezug auf die
Defokussierung den grofien Vorteil, dafl der maximalintensive Anteil des Pumppul-
ses auf die volle, bereits im Pedestal ionisierte Elektronendichte des Wasserstoffs
trifft. Die Elektronendichte ist — in Anbetracht des Mischungsverhéltnisses — dann
also nahezu konstant und homogen. Der hochintensive Anteil des Laserpulses, der
die angestrebte Li-dhnliche Ionisationsstufe erzeugt, ,,sieht einen konstanten, ho-
mogenen Brechungsindex und wird folglich nicht defokussiert.

Unter Beriicksichtigung aller vorausgehend angefiihrten Aspekte konnte am MPQ
mit dem ATLAS-Lasersystem ein solcher Rontgenlaser Wirklichkeit werden.

4Es bleibt jedoch eine gewisse Unsicherheit, ob im hoheren Druckbereich Stimulierte Raman-

bzw. Compton-Streuung das Plasma heizen kénnen.
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Anhang

A.1 Losung der klassischen Bewegungsgleichun-

gen von Hy, und Hj im polarisierten Laserfeld

Der Vektor der elektrischen Feldstéirke eines Laserimpulses mit Kreisfrequenz wy,
Amplitude Ejy, Polarisation £ und Einhiillender F(¢) wird — analog zur Darstellung

in Abschnitt 2.3 — in einer raumfesten, kartesischen Basis durch

—

E(t) = Bo F(t)(cos(wot) & + & sin(wot) &) (A.1)

beschrieben. Unter Beriicksichtigung des auf dem molekularen Trigheitsmoment®
J beruhenden Drehmomentes M = J d?6/dt?+d.J/dt df/dt und des Drehmomen-
tes M = P x 5, das auf einen permanenten bzw. auf einen induzierten Dipol mit
Dipolmoment P im elektrischen Feld & wirkt, ergibt sich bei Reduktion auf eine
2-dimensionale Geometrie® die Bewegungsgleichung eines homonuklearen Molekiils
bzw. Molekiilions in der Form

d?0 Qs \2 1 fwes\? 2 dr df
o7 ) F(r) H(®, —(ﬁ> P e, + 2L o (A2
dr? + \( wo > (7) H( T)J + 2 \wy () &( T)J +¥r dr dr (4.2)
permo;wntes indu;ertes A'nder;ng des
Dipolmoment Dipolmoment Kernabstandes
mit den Funktionen
H(,7) = sinfcosT — EcosBsinT, (A.3)
G(0,7) = sin20 {1 — (£>+1)sin’r} — £ sin 27 cos 26. (A.4)

Wie in Abbildung A.1 dargestellt, bezeichnet 6 den Drehwinkel der Molekiilachse

(€)) im raumfesten Koordinatensystem. Die dimensionslose Zeitvariable 7 = wyt

®Das Trigheitsmoment eines homonuklearen, zweiatomigen Molekiils mit Kernmasse m; bei
Rotation um eine zum intermolekularen Abstandsvektor i orthogonale Achse durch den Schwer-
punkt ist durch J = m;r?/2 gegeben.

5Die Projektion des anfinglichen Drehmomentes auf die Laserpropagationsrichtung kann bei

hohen Laserintensitéten vernachlissigt werden.
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Y Y=g

€y Abbildung A.1: Darstellung des Polarisationszu-
e standes der elektrischen Laserfeldstirke in einem
raumfesten, kartesischen Basissystem (€x,€y). Bei

linearer Polarisation (¢ = 0) ist der elektrische

£ (t) Feldvektor £(t) entlang der x-Achse orientiert, bei
elliptischer Polarisation (¢ # 0) rotiert er in der

< ) 7] x-y-Ebene. Die Orientierung der Molekiilachse ()|
: " o relativ zu x-Achse bzw. Feldvektor £(t) ist durch

T [
: : S die Winkel # und § = 0 — 7 definiert, wobei 7 = wqt.

QO
)
S
S
QO

ist fiir & # 0 mit dem Drehwinkel des elektrischen Feldvektors im raumfesten
Koordinatensystem identisch. Der von dr/dr abhéngige Term in Gleichung A.2
beschreibt das Drehmoment, das durch Anderung des internuklearen Abstandes
r, z.B. aufgrund der Coulomb-Abstoflung der Kerne im Molekiilion, entsteht. Die
Groflen Q. und wys stellen die natiirlichen Kleinwinkel-Oszillationsfrequenzen
eines permanenten bzw. induzierten Dipols in einem statischen elektrischen Feld
dar. Sie sind fiir homonukleare Molekiile bzw. Molekiilionen mit Kernmasse m; ,

Kernabstand r, Dipolmoment P und Polarisierbarkeit a durch

2P E, ,  20E?
w =

Q2 = (A.5)

S myr?

mir?’
gegeben. Die Polarisierbarkeit o eines Molekiils ist im allgemeinen anisotrop und
stellt somit eine Tensorgrofle dar. Das induzierte Dipolmoment ﬁpol ergibt sich
gemaf ﬁpol — e In der obigen Gleichung A.5 bezeichnet o = a—« | die Diffe-
renz der Polarisierbarkeiten parallel und senkrecht zur internuklearen Achse.

Das Verhiltnis der Frequenzen 2,5 und wy bei einer vorgegebenen Feldstéirken-
amplitude FEj und insbesondere ihre Grofle in Relation zur Laserfrequenz wy sind
die entscheidenden Kenngrofien, die das Verhalten des Molekiils/Molekiilions im
Laserfeld bestimmen. Um die Gré8enordnung der Kenngréfle w,s aufzuzeigen,
sind in Tabelle A.1 fiir einige Molekiile bzw. Molekiilionen die Werte von £ wZ /wd
bei der Laserwellenlinge Ay = 790nm und bei zwei verschiedenen elektrischen
Feldstérken aufgefiihrt.

Der wesentliche Unterschied zwischen dem H,-Molekiil und dem Hj-Ion besteht
darin, dafl Hy — wie alle homonuklearen, zweiatomigen Molekiile — kein permanen-
tes Dipolmoment besitzt, da die Ladungsverteilung in bezug auf die beiden Kerne

symmetrisch ist.
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5 wey/wi (bei 790 nm)

4.1-10% % 1.6-10°%

P (eV) | Req(A) a (1071 Asm?/ V)

Hy, || 15.426 | 0.746 [106] 0.893 3.0-107%  4.6-102
Hi || <30 [t] | 1.056 [28] 0.522 [126] 8.5-107%  1.3-102
Dy || 15.426 | 0.742 [106] 0.883 1.5-1073  2.3.10°2
D || <30 [t] | 1.058 ]t] 0.506 [126] 41-10%  6.4-10°3
N, | 15581 |1.10 1.94 2.2.10%  3.3.10°3
L |9.399 |267 7.60 [58] 1.6-10° 24.10°*

Tabelle A.1: Ionisationspotential IP, Gleichgewichtsabstand Req und zugehorige stati-
sche Polarisierbarkeit @ einiger zweiatomiger Molekiile bzw. Molekiilionen im Grund-
zustand. Die aufgefithrten Zahlenwerte sind aus [127] bzw. den in eckigen Klam-
mern angegeben Quellen entnommen ([t]=theoretisch berechnet). Die daraus berechne-
te Kenngrofle %wgs Jwd bei der Wellenléinge 790 nm ist fiir die Erscheinungsfeldstirken
Epst = 4.1-10% V/em bzw. 1.6-10° V/em fiir die Tonisation von Hy bzw. HJ angegeben.
Einige dieser Werte sind insofern fiktiv, als das betrachtete Molekiil bei der angegebenen
Feldstédrke schon ionisiert wére. Ziel der Darstellung ist der Groflenordnungsvergleich

zwischen den verschiedenen Molekiilen.

Nachfolgend wird die Bewegungsgleichung A.2 fiir Hy und Hy im linear bzw. zir-

kular polarisierten Laserfeld numerisch gelost.

Lineare Polarisation, £ =0

Bei linearer Polarisation, F = 1 und Vernachlissigung der Anderung des Triigheits-

momentes .J durch die Coulomb-Abstofung der Kerne vereinfacht sich Gleichung
A2 zu

2

2 0 1 2
d_& + < °S> cosT sin @ + 3 <%> cos?T sin 260 = 0. (A.6)

dr? Wo Wo

Der elektrische Feldvektor £(t) schwingt in diesem Fall entlang der x-Achse und
der Drehwinkel # im raumfesten Basissystem ist mit dem Winkel zwischen Mo-
lekiilachse und elektrischem Feldvektor identisch. In Abbildung A.2 ist die zeit-
liche Entwicklung von 6 fiir das Ho-Molekiil bei einer Laserintensitidt von 2.25 -
10" W/em® und einer Laserwellenlinge von 790nm gezeigt (— w2 /wi = 3
1073, vgl. Tabelle A.1, Q. = 0). Diese Intensitiit entspricht der Erscheinungs-
intensitdt im BSI-Modell, oberhalb derer das H,-Molekiil nicht mehr existieren

kann. Als Anfangsbedingung wurde ein Hy-Molekiil im Grundzustand angenom-
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Abbildung A.2: 6 in
Abhéngigkeit von T =wyt
fir Hy und H;‘ beil \g =
790nm und Iy, = 2.25 -
10" W/cm? bazw. IH; =
3.2-10' W/cm?. Die iib-

rigen Parameter kdnnen

i H2 N H;r

aus dem Text entnom-

men werden.

0 100 200 300 400

men (— 2| = 0), dessen internukleare Achse den Winkel f = 7/4 mit dem
Vektor € einschlieBt. Das Ho-Molekiil fiihrt eine Ostzillationsbewegung mit der
Periode 7/wy = 55fs um den Feldstéirkevektor £ aus 7. Die Amplitude dieser Os-
zillation entspricht dem Anfangswinkel 6,. Das Hj -Molekiilion verhilt sich trotz
seines zusétzlichen permanenten Dipolmomentes bei gleichen Anfangsbedingungen
ganz analog (vgl. Abbildung A.2). Die kiirzere Periodendauer ist durch die hohere
zugrunde gelegte Feldstirke bedingt. Mit Igg = 3.2 - 10 W/cm® wurde die BSI-
Erscheinungsintensitit fiir ein Ionisationspotential von IP = 30eV angenommen
(— twZ/wi =1.6-1072, vgl. Tabelle A.1). Das permanente Dipolmoment beim
Gleichgewichtsabstand Re, kann mit P = %eReq abgeschiitzt werden 8 [59], wobei
e die Elementarladung bezeichnet (— Q2 /wi =5.8-107%).

Unter den Bedingungen w?2/2w? < 1 und Q% /wig < 1, d.h. fiir nicht allzu
grofle Laserintensititen und kurze Wellenléngen, hat die Losung von Gleichung A.6
immer oszillatorischen Charakter. Beriicksichtigt man die im thermischen Gleich-
gewicht isotrope Winkelverteilung 0 < 6y < 27 der internuklearen Achsen in
der xy-Ebene senkrecht zur Ausbreitungsrichtung des Lasers, so ist klar, daf} im
zeitlichen Mittel im linear polarisierten, schwachen und hochfrequenten Laserfeld
keine ausgepriagte Vorzugsrichtung fiir die Achsenorientierung existiert. Aufgrund
der von 6, abhingenden, unterschiedlichen Oszillationsperioden kann es lediglich
kurzzeitig, d.h. nicht-stationdr, zu einer anisotropen Verteilung der Molekiilorien-
tierungen in der xy-Ebene kommen. Geht man zu deutlich héheren Feldstéirken

bzw. — wie im Falle von Hy und HJ realistischer — zu lingeren Wellenliingen iiber,

"Aus Ubersichtlichkeitsgriinden umfaft der gezeigte Zeitausschnitt nur eine Spanne von etwa

T/wo = 1701s. Das Oszillationsverhalten bleibt aber bei 7/wg — oo unveréindert.
8Streng genommen ist diese Abschétzung nur fiir internukleare Abstéinde R > R, exakt

giiltig, bei denen das verbliebene Elektron bei einem der beiden Kerne lokalisiert ist. Fiir die
Losung der Differentialgleichung A.6 hat jedoch eine Unsicherheit um den Faktor 2-3 bzgl. des
Dipolmomentes keine charakterindernde Bedeutung.
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Abbildung A.3: Chaotische

Bewegung von Hy und HJ im

40
20

linear polarisierten Laserfeld

hoher Intensitidt bzw. niede-

0-20 ¥R
- 40
- 60
- 80 — Hy

0 200 400 600 800 1000

rer Frequenz. Die zugrunde-

gelegten Simulationsparame-

ter konnen aus dem Text ent-

nommen werden.

so daB w?/2w? und/oder Q2 /w2 in die GroBenordnung von eins oder dariiber
kommen, wird die Bewegung im Laserfeld chaotisch, wie in Abbildung A.3 mit
Q2 /wi = 0.4, w%/wi =2 und den Anfangsbedingungen 9| =0, 6y=7/4 zu
sehen ist. Der Ubergang zum dynamischen Chaos (vgl. [59, 128]) ist von der Wahl
der Anfangsbedingungen unabhéngig.

Zirkulare Polarisation, £ =1
Bei zirkularer Polarisation, F =1 und d.J/dt = 0 ergibt sich aus Gleichung A.2

2

O (%= (o) + & (42 sin2o-2r) =0 (A7)

dr? wo wo

Wihrend 6 die Bewegung im raumfesten System beschreibt, liefert die Varia-
blentransformation § = # — 7 dieselbe im Relativsystem des rotierenden Vektors
£(7). Die Abbildungen A.4 und A.5 zeigen die Bewegung der Hy-Molekiile und
Hi -Ionen im schwachen, kurzwelligen, zirkular polarisierten elektrischen Laser-
feld in beiden Bezugssystemen. Bis auf die Anfangsbedingung 6, = 7/3 sind
alle Parameter mit denen der Abbildung A.2 bei linearer Polarisation identisch®.
Wihrend das Hi -Ion im raumfesten Koordinatensystem eine langsame, anharmo-
nische Rotation ausfiihrt, dem schnell rotierenden Feldvektor £(7) jedoch nicht
folgen kann (A#/AT < 1 < AJ§/AT ~ —1), bleibt das anfinglich in Ruhe be-
findliche Hy-Molekiil durch das schnell die Richtung wechselnde Feld nahezu un-
beeinfluflt (df/dr ~ 0 < ddj/dr ~ —1). Die Annahme einer geringen anfiinglichen
Rotationsgeschwindigkeit df/dr # 0 sowie eine Variation von 6, haben keine

signifikante Auswirkung auf die Bewegung von Hy und Hj .

Die Anfangsbedingung 6y = n/4 fiihrt unter den vorliegenden Bedingungen zu dem Spezi-
alfall eines im raumfesten Koordinatensystem “festgenagelten Hy-Molekiils (df/dr = 0).
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Abbildung A.4: Bewegung von Hy und
H;‘ in einem schwachen, hochfrequen-
ten zirkular polarisierten Laserfeld; darge-

stellt im raumfesten Koordinatensystem.
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™1 200
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-
Abbildung A.5: Zeitverlauf der links ge-
zeigten Ha- bzw. H;‘-Bewegung im Be-

zugssystem des rotierenden elektrischen

—

Feldvektors £(7).

Die Parameter und Anfangsbedingungen
sind mit denen in Abb. A.2 identisch.

Beim Ubergang zu sehr hohen Laserintensitiiten bzw. niedrigeren Laserfrequen-
zen findet im Unterschied zum linear polarisierten Fall bei zirkularer Polarisation
kein Abgleiten ins dynamische Chaos statt. Wie in den Abbildungen A.6 und A.7
zu sehen ist, rotieren unter diesen Bedingungen sowohl das Hsy-Molekiil als auch
das Hj -Ton mit der Winkelgeschwindigkeit wy des elektrischen Feldvektors £ (7)
im raumfesten Koordinatensystem!® (A@/A7 = 1). Die internukleare Achse ist

/150
40
30
20

10

0

0 10 20 30 40 50
T T
Abbildung A.6: Hy und HJ im nieder- Abbildung A.T7: Zeitverlauf der links ge-

frequenten zirkular polarisierten Laserfeld zeigten Hp- bzw. Hj-Bewegung im Be-

zugssystem des rotierenden elektrischen

—

Feldvektors £(7).

hoher Intensitit; dargestellt im raumfe-
sten Koordinatensystem. Bis auf die An-
fangsbedingung 6y = 7/3 sind alle Para-
meter mit denen in Abb. A.3 identisch.

Diese Losung kann ohne Einschrinkung auch auf andere lineare Molekiile und Ionen mit
dhnlichen Kenngroflen w? /2w? bzw. Q2,/w? iibertragen werden. Mit Hilfe von gechirptem,
zirkular polarisiertem Laserlicht ist vor kurzem die Realisierung einer ,optischen Zentrifuge“ fiir
Chlor-Molekiile gelungen [129].
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jedoch nicht statisch entlang g ausgerichtet, sondern oszilliert sehr rasch um den
elektrischen Feldvektor, wie man in Abbildung A.7 erkennt. Oszillationsperiode
und ,,Schwingungsform* héngen bei fehlendem permanentem Dipolmoment (Hy)
von den Anfangsbedingungen ab. Geht man zu kleineren Anfangswinkeln 6y < 7/3
tiber und/oder nimmt eine beliebige positive Anfangsgeschwindigkeit df/dr < 1
an, so nihert sich die Hy-Bewegung in Schwingungsperiode und -form immer mehr

derjenigen von HJ an.

A.2 Grundlegende Plasmaparameter

Debye-Abschirmléinge

Die Debye-Lange \p ist die charakteristische Abschirmlinge elektrischer Ladun-
gen in einem Plasma. Auf einer Langenskala L > Ap erscheint das Plasma als

quasineutral.

A\ _ EOkBTe 1/2: L Uthe (A 8)

Ap[nm] = 7.41/T,[eV]/n[10'cm=3]

Thermische Geschwindigkeit der Elektronen und Ionen

In einem Plasma mit Maxwellscher Geschwindigkeitsverteilung der Elektronen und

Ionen ist die thermische Geschwindigkeit der jeweiligen Teilchensorte definiert als

e T\
=( I ) » vglm/s] = 5.9-10°/TofeV] (A.9)

me
kT, 1/2
Vi = < - > , thhp[m/s]:138\/Tp[eV]J. (A.10)

Protonen

Sie stellt das Maximum der Verteilungsfunktion f(v) = (v/7 va) > exp(—v?/v2))
dar und entspricht damit der wahrscheinlichsten Geschwindigkeit. Es st zu beach-
ten, dafl einige Autoren eine um den Faktor 1/\/2 abweichende Definition fiir die

thermische Geschwindigkeit verwenden.
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Elektronplasmafrequenz, kritische Dichte und Plasmabrechungsindex

In Abwesenheit starker Magnetfelder ist die Elektronplasmafrequenz wy. die cha-
rakteristische Frequenz von Ladungsdichte-Oszillationen der Elektronen vor dem
trdgen Jonenhintergrund. Elektromagnetische Wellen mit einer Frequenz wy < wpe

konnen nicht ins Plasma eindringen.

2\ 1/2 1/2
Wpe = <nee ) = wp <E> , (A.11)

€M Ner
Wpels™'] = 5.6 - 10" /n[108cm—3]

Die zugehorige Dichte ist die sogenannte kritische Dichte n,

€0 mewg

Ner = , Nefem ) = 1.1+ 1021 /(Ao[um])?. (A.12)

e2

Der Plasmabrechungsindex 1, fiir elektromagnetische Wellen mit Frequenz wy ist
durch

2 \1/2 1/2
Mp = <1 - w";) = (1 — n—) (A.13)

gegeben.

Oszillationsgeschwindigkeit und -energie der Elektronen im Laserfeld

Die Maximalgeschwindigkeit v,g, die ein Elektron bei der Bewegung im elektrischen
Feld eines Lasers mit Frequenz wq, Feldstarkenamplitude Ey und Elliptizitéit &
erreicht, ist durch
E
Vg = 20 (A.14)

Mewy

vosim/s] = 9.3 - 10° X\o[pum] Ep[10° V/cm]
= 2,56 107 \o[um] / To[106 W /em?]/(1 + £2)

gegeben. Es besitzt dann die maximale kinetische Energie

2 2

Eo = 1mv2 _ b

os — eYos 2
2 2mewg

(A.15)

Eos[eV] = 1864 (A\o[um])? I,[10' W /em®] /(1 + £2) .
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Als ponderomotives Potential ®ponq bezeichnet man die kinetische Energie, die

das oszillierende Elektron im zeitlichen Mittel besitzt,

2

1 e(Ef) 1
q>0n:_e2>: ! _ 1
pond <2mv dmewd | 2

(1+€) B (A.16)

Coulomb-Logarithmus

Der Coulomb-Logarithmus beschreibt das Verhiltnis der Wahrscheinlichkeit, dafl
ein Teilchen der Sorte a eine kumulative Ablenkung um 90° durch viele Coulomb-
Wechselwirkungen mit jeweils kleinem Streuwinkel erfihrt, zur Wahrscheinlichkeit,
daf} es eine solche Ablenkung in der Wechselwirkung mit einem einzelnen anderen
Teilchen erleidet,

3 (4mepkpT,)>?
InA=1In (222,63 (rna) 72 ) (A.17)

= 15.5/(L.[eV])*/ne[10%cm 3]  bei Elektronen.

In der vorliegenden Darstellung ergibt sich A als Verhéltnis von Ap als maximalem
StoBparameter zum klassischen minimalen StoBparameter by = ZZ'e?/(4wegmu?) ,
mit mov? = 3kgT . T,,n, werden fiir Elektron-Elektron- sowie fiir Elektron-Ion-
StoBe durch Tg,ne ersetzt (Z' = 1), fiir lon-Ion-Sté8e durch Ti, n; .

A.3 Die Funktionen ¢(z) und W (z)

Das in der komplexen Funktion W (z) aus Abschnitt 4.2 enthaltene Fehlerintegral
®(z) ist durch

O(z) = Ty’ dy (A.18)

=
NZIL
definiert. Unter Beriicksichtigung der Reihendarstellung

o) =5 3 e a1

findet man fiir W (z) die asymptotischen Niaherungsformeln

2?  4gt
ReW(z) ~ 1- 247 <1—%+1—§+...> L o<1, (A.20)

-1 3 15
Re W(z) ~ 2_x2<1+2 o ) Ce>1. (A2l
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Mit ihrer Hilfe konnen die Frequenzskalen z, und z; der Elektronen und Ionen

entkoppelt werden.

A.4 Relaxationszeiten bei Nicht-Maxwellscher

Geschwindigkeitsverteilung

Sphirisch-isotrope Geschwindigkeitsverteilungen

Die charakteristische Ubergangszeit (7,,)* von einer beliebigen, sphirisch-isotropen

Geschwindigkeitsverteilung zu einer Maxwellverteilung ist durch
<7_aa>iso — (24 CZ/W)1/2<7_aa> a = e,i (A22)

gegeben, wobei ( eine Konstante in der Gré8enordnung von 1 darstellt, die durch

die jeweilige Verteilungsfunktion bestimmt ist [67].

R&aumlich anisotrope Geschwindigkeitsverteilungen

Ionisiert man ein Gas durch intensive Laserstrahlung, so ist die Freisetzung der
Elektronen aufgrund der durch die Laserpolarisation gegebenen Vorzugsebene raum-
lich anisotrop. Infolgedessen ergibt sich auch eine anisotrope Geschwindigkeits- und
Temperaturverteilung im Elektronenplasma. Im Falle einer anisotropen, nur leicht

von einer Maxwellverteilung verschiedenen Verteilungsfunktion

m, \3/2 ma v} myv?
—n, a T T2)1/2 . I Mabl A.23
f " (277']?7]3) ( H J_) exp 2kBﬂ| 2kBTL ( )

der Teilchensorte a = e,i , mit v* = v} +of, T = (2T, + T))/3, findet man fiir

die Relaxation hin zu einer isotropen Temperaturverteilung!!

%(TJ_ —Tjj)a =~ (TLt%T) (A.24)

mit den Relaxationsraten [67]
(am)~t = ¥ (Tee) ™' + g ()", (A.25)
(o)t = ¥ () '+ 27 % (Tei) ! (A.26)

fiir Elektronen bzw. Ionen.

11T|| und 7', bezeichnen dabei die Elektronentemperaturen parallel und orthogonal zur Vor-

zugsebene der Laserpolarisation.
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