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Abstract

In the past years, the origin of high energetic solar particles could be clearly connected
to shock acceleration at coronal mass ejections. Caused by resonant wave—particle inter-
actions, on the one hand, the particles change their energy because of scattering, on the
other hand, the dynamics of plasma waves in such acceleration regions are significantly

influenced by these processes through self-generated wave modes.

In this dissertation, the basic physical regime of turbulence and particle transport
were described via numerical modeling. The simulation of the plasma dynamics uses
the methodology of magnetohydrodynamics, whereas the kinetic description of single

particles is calculated by elementary electrodynamic equations of motion.

The common plasma turbulence theories by Goldreich and Sridhar could be confirmed
by simulations resembling conditions at three solar radii. Foremost, evidence for the
critical balance has been found, which is a key parameter of these theories. Furthermore,
results of the dynamic evolution of amplified wavemodes are presented, which are very
important for the general turbulence development. In this context, the wave—steepening
was identified as a central process, which is an efficient energy transport mechanism in
parallel direction to the magnetic background field. This explains turbulent structures

at high parallel wavenumbers, which are not described by the Goldreich—Sridhar model.

Moreover, a fundamental understanding of the quasi-linear theory of particle trans-
port has been achieved. Specifically, more detailed insight into the interpretation of the
diffusion coefficients of wave—particle interactions could be obtained. For the first time,
simulations of particle scattering at amplified wave modes showed complex resonant

structures, which cannot be described by analytical approaches adequately.
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Kurzzusammenfassung

Die Herkunft hochenergetischer solarer Teilchen konnte in den vergangenen Jahren ein-
deutig auf Schockbeschleunigung an koronalen Masseauswiirfen zuriickgefiihrt werden.
Durch resonante Interaktionen zwischen Wellen und Teilchen werden zum einen geladene
Teilchen unter Verdnderung ihrer Energie gestreut, zum anderen wird die Dynamik der
Plasmawellen in solchen Beschleunigungsregionen durch diese Prozesse von selbstgene-

rierten Wellenmoden maf3geblich beeinflusst.

Mittels numerischer Modellierungen wurden im Rahmen dieser Arbeit die grundle-
genden physikalischen Regimes der Turbulenz und des Teilchentransports beschrieben.
Die Simulation der Plasmadynamik bedient sich der Methodik der Magnetohydrodyna-
mik, wohingegen kinetische Einzelteilchen durch die elementaren Bewegungsgleichungen

der Elektrodynamik berechnet werden.

Es konnten die Turbulenztheorien von Goldreich und Sridhar unter heliosphérischen
Bedingungen bei drei solaren Radien bestétigt werden. Vor allem zeigten sich Hinwei-
se fiir das Erreichen der kritischen Balance, einem Schliisselparameter dieser Theorien.
Weiterhin werden Ergebnisse der dynamischen Entwicklung angeregter Wellenmoden
prasentiert, in denen die Bedeutsamkeit fiir die gesamte Turbulenz gezeigt werden konn-
te. Als zentraler Prozess bei hohen Energien hat sich das wave-steepening herausgestellt,
das als effizienter Energietransportmechanismus in paralleler Richtung zum Hintergrund-
magnetfeld identifiziert wurde und somit turbulente Strukturen bei hohen parallelen
Wellenzahlen erklért, deren Entstehung das Goldreich—Sridhar Modell nicht beschreiben
kann. Dariiber hinaus wurden grundlegende FErkenntnisse iiber die quasilineare Theo-
rie des Teilchentransports erzielt. Im Speziellen konnte ein tieferes Verstéindnis fiir die
Interpretation der Diffusionskoeffizienten von Welle-Teilchen Wechselwirkungen erlangt
werden. Simulationen zur Streuung an angeregten Wellenmoden zeigten erstmals kom-
plexe resonante Strukturen die im Rahmen analytischer Modelle nicht mehr adédquat

beschrieben werden konnen.
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,Bet der Eroberung des Weltraums sind zwei Probleme zu ldsen:
die Schwerkraft und der Papierkrieg.

Mit der Schwerkraft wiren wir fertig geworden. “

- Wernher von Braun -



1. Einleitung

Das Verstéandnis der komplexen Dynamik und Prozesse innerhalb der Heliosphére erlangt
in unserem Zeitalter immer mehr an Bedeutung. MaBigeblich hierfiir ist der technologi-
sche Fortschritt, der es zum einen erméglicht, wertvolle Messdaten in unserem Sonnen-
system zu gewinnen und zum anderen die Notwendigkeit erzeugt, sensible Technik, sei
es in Satelliten, Flugzeugen oder Telekommunikationssystemen, vor hochenergetischen
solaren Teilchen zu schiitzen. So hat sich in den letzten Jahren die Vorhersage des Welt-
raumwetters erheblich weiterentwickelt und wird auch in Zukunft ein wichtiger Zweig der
Wissenschaft sein. Die grundlegenden Untersuchungen liegen in diesem Zusammenhang

in der Physik der Plasmaturbulenz und dem Teilchentransport.

Die zentrale Thematik der vorliegenden Dissertation ist die theoretische Beschrei-
bung und numerische Modellierung von Phéanomenen innerhalb unseres Sonnensystems.
Dabei liegt der Fokus auf der Untersuchung von Ereignissen hochenergetischer solarer
Teilchen. Diese wurden erstmals 1946 durch Forbush entdeckt und waren insofern nicht
vollstandig zu erkldaren, da Teilchenenergien bis in den GeV-Bereich gemessen wurden.
Mogliche Quellen, wie solare Flares und koronale Masseauswiirfe konnen zwar durch
direkte Beschleunigung weite Energiebereiche abdecken, scheiden aber als Kandidaten
fiir so hohe Energien aus. Zusétzlich beobachtet man bei sogenannten sukzessiven Er-
eignissen hochenergetische Teilchen {iber einen ldngeren Zeitraum bis hin zu mehreren
Tagen, was ebenfalls gegen einen direkten Beschleunigungsmechanismus spricht. Mit der
Verbesserung der Messtechnik und dem zunehmenden Versténdnis der Prozesse in un-
serem Sonnensystem wurden in den letzten Jahrzehnten grofie Fortschritte erzielt. So
konnten als Quellen dieser hochenergetischen Teilchen die Schockregionen, die korona-
len Masseauswiirfen vorauslaufen, identifiziert werden. Durch mehrfache Streuvorgénge
beim Uberqueren der Schockfront #ndern Teilchen ihre Energien. Diese gewinnen oder

verlieren sie durch die in der Schockregion vorhandenen Plasmawellen.

In vielen Beschreibungen wird das System aus selbstgenerierten Wellenmoden, Tur-



bulenz und Teilchenstreuung nicht ganzheitlich erfasst, sondern getrennt voneinander
behandelt. Dadurch wird der Einfluss von verstarkten Wellen, die durch Plasmainsta-
bilitdten generiert werden, vernachldssigt. Das hat zum einen Konsequenzen fiir die
Entwicklung der heliosphérischen Turbulenz und zum anderen fiir die korrekte Beschrei-
bung von Teilchenstreuvorgéngen. So werden in einem Plasma, in dem selbstgenerierte
Wellen die Dynamik beeinflussen, aufgrund resonanter Interaktionen zwischen Wellen
und Teilchen, charakteristische Streuprozesse die Entwicklung der Teilchen bestimmen.
In iiblichen analytischen Ansétzen zur Berechnung des Teilchentransports werden die
Naherungen der quasilinearen Theorie verwendet, die gerade bei stark angeregten Wel-

lenmoden an ihre Grenzen stofit.

Das Ziel dieser Dissertation ist es, eine Briicke zwischen den numerischen Beschrei-
bungen turbulenter Teilchenstreuregionen und analytischen Teilchentransporttheorien
zu schlagen. Damit wird die Grundlage fiir eine selbstkonsistente Modellierung von hoch-
energetischen solaren Teilchenereignissen geschaffen. Als methodisches Werkzeug wurde
dafiir ein eigenstdndiger Hybrid—Code entwickelt, mit dem die Simulation von Plasma-

turbulenz und Teilchen auf modernen Rechensystemen ermdéglicht wird.

In der Struktur der vorliegenden Arbeit wird Wert darauf gelegt, beide physikalische
Regimes hinreichend zu beschreiben. Dabei wird stets zuerst das turbulente heliosphéri-
sche Plasma untersucht, das den Ausgangspunkt fiir die nachfolgenden Teilchensimula-
tionen bildet. Der aktuelle Stand der Wissenschaft und der Beobachtungslage wird im
Kapitel der Phanomenologie diskutiert. Beginnend mit einem kurzen historischen Exkurs
iiber die Entdeckung verschiedener solarer Ereignisse, wird auf die Ursachen heliosphéri-
scher Turbulenz eingegangen, um schliefllich das Phénomen hochenergetischer solarer
Teilchen zu erldutern. Im darauf folgenden Kapitel werden die theoretischen Grundla-
gen vermittelt. Es werden die gidngigen Theorien fiir Turbulenz und Teilchentransport
vorgestellt. Das Kapitel der Methodik beschreibt die numerische Modellierung bis hin zur
Umsetzung des entwickelten Hybrid—Codes. Der Ergebnisteil beginnt mit ausfiihrlichen
Validierungen des Programms. Im Anschluss werden die Ergebnisse der Simulationen
verschiedener Szenarien heliosphérischer Turbulenz présentiert. Ausgehend von diesen
Simulationen werden abschliefend ausgewihlte Resultate der Streuung geladener Teil-

chen vorgestellt.



2. Ph3anomenologie

Dieses Kapitel widmet sich der phdnomenologischen Beschreibung der behandelten The-
matik. Es soll dem Leser ein Uberblick iiber den heutigen Kenntnisstand, beziiglich der
Beobachtungen und Messungen gegeben werden und die vorliegende Arbeit mit der
dahinterstehenden Physik verkniipfen. Im Fokus stehen dabei Phinomene hochenergeti-
scher, solarer Teilchen, sowie Turbulenz in unserem Sonnensystem. Dazu ist es zunéchst
notwendig, die Figenschaften der Heliosphére nidher zu untersuchen. Zum Teil ist es
notig, kleinere theoretische Grundlagen direkt zu vermitteln, wahrend komplexe Berei-
che, wie z.B. die Magnetohydrodynamik (MHD), im darauf folgenden Theorieteil geklért
werden. Leider kommt es dadurch zum Teil zu unvermeidbaren Uberschneidungen, also
Grundlagen, die dieses Kapitel nur fliichtig vorstellt und die in der Theorie detailreich

diskutiert werden. Daher sind beide Kapitel ganzheitlich zu verstehen.

Die interessanten Phédnomene innerhalb unsere Heliosphére sind allerdings so man-
nigfaltig, dass im Folgenden nur ein Bruchteil dem Leser vorgestellt werden kann. Es
werden die relevanten Themen hinreichend heraus gearbeitet, um einen geschlossenen
Uberblick zu verschaffen. Zu diesem Zweck wird grob in den Bereich der Turbulenz und
Plasmadynamik, sowie den Bereich des Teilchentransports unterteilt. Im Mittelpunkt
steht dabei die Sonne, von der alle der Betrachteten Phinomene ausgehen. Im ersten
Abschnitt steht der Sonnenwind im Mittelpunkt, da dieser permanente Plasmastrom das
Hintergrundmedium fiir die meisten Phéanomene des Weltraumes ist. Durch ihn wird die,
im darauf folgenden Kapitel beschriebene, heliosphdrische Turbulenz angetrieben. Dieses
Medium wird durch verschiedene solare Ereignisse moduliert. Die prominentesten von
ihnen sind koronale Masseauswiirfe, sowie enorme Energieemissionen, die sogenannten
Flares. Diese Phéanomene sind duflerst effiziente Teilchenbeschleuniger und somit die Ur-
sache hochenergetischer solarer Teilchen. Diese solar energetic particle Ereignisse sollen

im letzten Teil dieses Kapitels im Fokus stehen.

Da in den kommenden Abschnitten oft auf Messungen durch verschiedene Raumfahr-



zeuge referenziert wird, soll jedoch zu Beginn dem Leser ein kurzer Uberblick iiber die

wichtigsten Missionen und deren historischen Kontext gegeben werden.

2.1. Beobachtungssituation in der Heliosphare

Ein entscheidender Vorteil bei der Erforschung der Heliosphére, liegt in der guten experi-
mentelle Zugénglichkeit durch Raumfahrzeuge. Nachdem mit dem russischen Satelliten
Sputnik 1957 die unbemannte Raumfahrt eingeldutet wurde, folgten zahlreiche Satel-
litenexperimente und Raumsonden die zu einem imensen Fortschritt unseres Wissens
beziiglich des Universums fiithrten. Im Speziellen wurden wertvolle Erkenntnisse iiber
die Sonne und deren Heliosphére gewonnen. So besteht spétestens seit den deutsch-
amerikanischen Helios-Missionen kein Zweifel mehr daran, dass die Erde sich durch ein
turbulentes Plasma, den Sonnenwind, bewegt. Dieser ist hochgradig dynamisch und be-
findet sich durch energiereiche Eruptionen der Sonne im stdndigen Wandel. Speziell die
Ulysses-Mission trug massiv zum Versténdnis solarer Prozesse in der Heliosphére bei, da
diese Sonde als erste die Polarregionen der Sonne erkundete. Die Grenzen des Einflussbe-
reichs der Sonne wurden wiederum durch die Pioneer und Voyager-Missionen erforscht,
welche die ersten Sonden auBerhalb unseres Sonnensystems, bis etwa 130 AU brachten.
Das Ausmaf} der Heliosphére wird zunéchst durch einen Bereich starker Wechselwirkung
zwischen Sonnenwind und interstellarem Plasma, dem Termination Shock, bestimmt und
endet nach der Heliosheath in der Heliopause, in der der Sonnenwind praktisch keinen

Einfluss mehr hat.

Besonders starke Sonnenereignisse beeinflussen die Erde unmittelbar und duflern sich
in geomagnetischen Stirmen und der allseits bekannten Aurora borealis. Aufgrund der
zunehmenden Bedeutung der Luft- und Raumfahrt ist es ndtig geworden solche Phéno-
mene zu detektieren und vorherzusagen. Somit wurde der wissenschaftliche Zweig des
Weltraumwetters geboren. Aktuell wird die Aktivitdt der Sonne durch hochauflésende
Instrumente der Missionen SOHO, SDO, Stereo und WIND (um nur einige zu nennen)
gemessen, die neben wichtigen wissenschaftlichen Daten, auch spektakuldre Bilder der

Sonne liefern.

!Einheiten werden in diesem Kapitel im verwendeten cgs-System angegeben mit Ausnahme der Ent-
fernungen, die iiblicherweise im Sonnensystem durch die Astronomische Einheit (Englisch Astrono-
mical Unit, AU) ausgedriickt werden. Dabei entspricht 1 AU dem Abstand Erde-Sonne mit etwa
150 - 10t cm, wobei die Sonne bei 0 AU und die Erde bei 1 AU liegt.
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Abbildung 2.1.: lllustration der wichtigsten Messinstrumente fiir das Sonnenwindplas-
ma und fiir hochenergetische Teilchen in unserem Sonnensystem. Die mit dem t-Symbol
gekennzeichneten Raumfahrzeuge sind nicht mehr in Betrieb bzw. deutlich aufSerhalb ih-
res Missionsplanes. Vier der finf Lagrangepunkte sind mit einem roten Punkt markiert,

3 liegt aufSerhalb der Grafik.

Zahlreiche Erkenntnisse iiber hochenergetische Teilchenereignisse, die vermittels kom-
plexer Beschleungigungsmechanismen auf Energien in den GeV-Bereich gebracht wer-
den, konnten in den 70er Jahren durch die Skylab-Raumstation, sowie durch das ISEE-3
Experiment auf ICE und IMP-8 gewonnen werden. Heutzutage sind die wichtigsten
Teilchendetektoren auf WIND, SOHO und ACE stationiert, die sich alle im Lagran-
gepunkt 92”1 befinden. Einen illustrativen Uberblick der wichtigsten Experimente und
deren Standorte in unserem Sonnensystem bietet Abbildung [2.1]

IDie Lagrangepunkte sind fiinf Losungen des eingeschrinkten Dreikorperproblems, an denen kein
effektives Potential herrscht, da sich Gravitations- und Zentrifugalkraft aufheben. Diese Punkte sind
demnach ideal um ein Raumfahrzeug mit moglichst geringem Treibstoffverbrauch zu stationieren.



2.2. Der Sonnenwind

Die Sonne dominiert das interplanetare Medium weitaus mehr als es auf den ersten
Blick der Fall zu sein scheint. Neben dem gravitativen Einfluss der Sonne und deren
Photoemission, die weitgehend als Schwarzkorperstrahlung aufgefasst werden kann, be-
einflusst sie dariiber hinaus unser Sonnensystem auf sehr massive, wenn auch weniger
offensichtliche Weise. Die ersten Indizien lieferte die relativ einfach zu beobachtende,
starke Dynamik der Sonnenoberflache. So konnten 1610 durch die Nutzung der ersten
Teleskope durch Thomas Harriot und im gleichen Jahr wohl auch durch Galilei, erstmals
Sonnenflecken beobachtet werden. Aus dem periodischen Auftreten besonders dominan-
ter Flecke innerhalb von ca. 25 Tagen, schloss Johann Fabricius auf die Figenrotation der
Sonne. Genauere Beobachtungen der Sonnenflecken durch Samuel Schwabe offenbarten
im 19. Jahrhundert zudem eine differentielle Rotation, sowie eine weitere Periodizitat in
der Sonnenfleckentstehung. So entstehen Flecken bei etwa 30° nordlicher, wie gleicher-
maflen siidlicher Breite und ,,bewegen® sich zum Sonnendquator. Die Entstehungsrate
nimmt in Richtung Aquator ab, bis keine neuen Flecken mehr gebildet werden. Schlief-
lich beginnt dieser 11 Jahre andauernde Zyklus von Neuem, jedoch mit entgegengesetzter
magnetischer Polaritdt. Also durchlauft die Sonne effektiv einen 22 Jahres-Zyklus, mit
verschiedenen Aktivitdtsphasen, die auch als solare Minima und Mazima bezeichnet
werden. Die genauen Mechanismen und Ursachen dieses Phéanomens werden noch heute
aktiv erforscht und sind weitestgehend unklar. So versteht man mittlerweile die Natur
der Sonnenflecken recht gut, als starke toroidale Magnetfelder, die aus der konvektiven
oberen Schicht der Sonne in die Photosphére eindringen, wobei das darin eingesperrte
Plasma (Def. Plasma, siche Theorieteil) erheblich abkiihlt. Es kénnen sich regelrechte
Plasmaschlduche entwickeln, auch als ruhende Protuberanzen bezeichnet, die mehrere
Millionen Kilometer Ausdehnung annehmen und ldngere Zeit verharren, bis sie wieder
auf die Sonnenoberfliche zuriickfallen. Eruptive Protuberanzen sind hingegen erheblich
grofer, zeichnen sich somit deutlich von der Sonne ab und fallen nicht zwangsweise
zuriick, sondern konnen ins interplanetare Medium geschleudert werden. Es ist aller-
dings nicht geklédrt, woher diese Typen von Storungen im, durch den inneren solaren
Dynamo erzeugten, Gesamtmagnetfeld der Sonne stammen. Eine mogliche Erklirung
ist die differentielle Rotation, die zu einer immer stérker werdenden Verscherung der
Magnetfeldlinien fiihrt, bis dieses schliellich zusammenbricht und sich neu bildet. Einen
sehr guten Uberblick dieser Thematik bietet Charbonneau (2010)).



Abbildung 2.2.: Fine Fualschfarbenaufnahme der Sonne des ,Solar Dynamics Obser-
vatory“ (SDO) durch das Messinstrument ,Atmospheric Imaging Assembly“ (AIA) mit
eingezeichneten Magnetfeld-Potentiallinien. Dieses Fxperiment beobachtet die Sonnenat-
mosphdre in verschiedenen Wellenldngen \. Hier ist, entsprechend der Bild-Legende, der
energiereiche UV-Bereich nahe der Rontgenstrahlung gezeigt, mit A = 211/193/171 A
in Farben Rot/Grin/Blau. SDO ist seit Februar 2010 in einem geosynchronen Orbit
und soll primdr Vorhersagen des Weltraum-Wetters optimieren, sowie Messungen von
SOHO (Start 1995) fortfihren. Quelle: SDO, NASA Goddard Space Flight Center:

Eine weitere wichtige Beobachtung der Sonnendynamik ist die stark verdnderliche
Korona, eine Schicht geringer Dichte (Teilchenzahldichte ~ 10° cm™2), weit iiber der
Photosphére, die mit dem 11-Jahreszyklus in Aktivitdt und Dicke (3-6 Sonnenradien)
variiert. Wéhrend einer totalen Sonnenfinsternis ist die Korona fiir das blofle Auge als
,otrahlenkranz® sichtbar. Somit ist ihre Existenz - zumindest phdnomenologisch - schon

seit mehreren tausend Jahren bekannt.


http://sdo.gsfc.nasa.gov/

Den wichtigsten Hinweis auf den weitreichenden Einfluss der Sonnendynamik lieferten
jedoch Beobachtungen von Kometen. Schon Kepler fiel 1619 auf, dass manche Schweife]
von Kometen immer von der Sonne weg zeigen und zudem keine Kriimmung entlang
der Kometenbahn aufweisen. Lange Zeit blieb dieses Phdnomen unerklart. Der erste
vorgeschlagene Mechanismus war im 19./20. Jahrhundert die Lichtdrucktheorie, eine

dem Betrag der Schwerkraft der Sonne d&hnelnde Repulsivkraft, die mit
<
Fs(r) == (2.1)

abnimmt. Der Skalenfaktor ¢ spielte hierbei eine wichtige ROHGEI. Beobachtungen von
Paul Ahnert (spéter zudem von Cuno Hoffmeister) am Kometen Whipple-Fedtke 19429
ergaben sehr grofle Werte fiir ¢ (Ahnert [1949)). Dieser Komet eignete sich besonders gut
fiir die Beobachtung der Schweifablenkung, da er zum einen eine relativ sonnen- und
erdnahe Bahn verfolgt und zum anderen, weil die Sonne im Jahr 1942 recht viele Son-
nenflecke aufwies, da sie im 11-Jahreszyklus in einer aktiven Phase war. Ahnert leitete
aus seinen Ergebnissen die ersten Hinweise eines Sonnenwinds ab, indem er die Schwei-
fablenkung in Zusammenhang mit der Sonnenfleckaktivitdt brachte. Schliellich war es
Ludwig Biermann der den Sonnenwind wissenschaftlich etablierte. In Biermann| (1951)
erklarte er zunéchst die unterschiedliche Ablenkung moglicher verschiedener Schweifele-
mente, durch die Feststellung, dass primér lonenschweife, im Speziellen bestehend aus
CO+, eine starke, ungekriimmte Ablenkung zeigen. Auflerdem Kkorrigierte er die Mes-
sungen des Faktors ¢, die vor allem bei CO"-Schweifen Werte bis zu 10° annahmen
und somit die Lichtdrucktheorie in Frage stellten. Aus diesen Ergebnissen schlussfolger-
te Biermann, dass nur eine Strahlung aus geladenen Teilchen (Korpuskularstrahlung)
diese Effekte erklaren kann. Da zu dieser Zeit bereits Messungen vorlagen, dass ,, Teil-
chenwolken“, die von der Sonne emittiert werden, quasineutral sind, nahm er an, dass
Protonen und gleichermafien Elektronen fiir die Ablenkung des Schweifs verantwort-
lich sind, wobei Elektronen einen deutlich hoheren Wirkungsquerschnitt haben. Hannes
Alfvén entwickelte diese Idee weiter und postulierte einen Strom magnetisierten Plasmas,

der sich von der Sonne hinweg ausbreitet. Letztendlich wurde der Begriff |, Sonnenwind*

! Anmerkung: Es kénnen im Wesentlichen bis zu 3 mégliche Arten von Kometenschweifen gleichzeitig
beobachtet werden: Typ I besteht aus Molekiilionen, Typ II aus neutralen Staubteilchen, der sich
zudem in zwei Teile aufspalten kann, sowie Typ III, der lediglich ein Projektionseffekt bei bestimmten
Positionen zur Sonne ist.

2In den Orginalarbeiten als 1 bezeichnet, Umbenennung wegen Pitchwinkeldefinition u in Kapitel [3.3



(im Folgenden auch SW) von (1958)) gepriagt und dessen grundlegende Eigen-
schaften beschrieben. So fiel Parker durch eine Rechnung auf, dass die Korona sich nicht

in einem statischen Gleichgewicht befinden kann, sonder entweder kollabieren oder ex-
pandieren muss. Er 16ste dieses Problem durch Einfiithren eines supersonischen SWs E|
Ein knappes Jahr darauf, 1959, konnten in situ Messungen des Sonnenwinds durch die
russischen Missionen LUNIK III und VENUS I dessen Existenz schliellich bestétigen.
Das Phénomen der Kometenschweife wurde durch wachsende Erkenntnisse iiber den SW
auch besser verstanden. So ist die géngige Theorie, dass die Wechselwirkung zwischen

Schweifionen und Magnetfeldern, die sich mit dem SW mitbewegen, den dominanten

Mechanismus darstellen. Magnetohydrodynamische Simulationen von [Wegmann| (2000)

bestétigen dies.

Koronales Loch

Sonne mit
Parkerspirale

T ~ 6000K

Abbildung 2.3.: [llustration der Sonne und des Sonnenwinds mit dessen grundlegenden
Eigenschaften. Schneller Sonnenwind (= 10%cm/s) entstromt aus koronalen Lichern, die
sich zwischen zwei benachbarten Sonnenflecken bilden, wenn deren Magnetfelder entge-
gengesetzte Polaritit haben. Langsamer Sonnenwind (= 107c¢m/s) hingegen kann direkt
aus einem Sonnenfleck durch einen sogenannten koronalen Streamer emittiert werden.
Der ausstromende Sonnenwind trdgt das Magnetfeld mit dem Plasma radial von der
Sonne hinweg. Durch deren Figenrotation bildet sich die Parkerspirale.

Heutzutage sind durch zahlreiche Satellitenexperimente, wie WIND, ULYSSES, SO-
HO, SDO und VOYAGER, um nur einen Auszug zu nennen, die Eigenschaften des

Sonnenwinds sehr gut untersucht. Es wird zunéchst in zwei Typen separiert, den lang-

Im Original als ,,stellar breeze“ bezeichnet



samen und den schnellen SW. Die Hauptcharakteristik der beiden Typen ist die Ge-
schwindigkeit. So haben die Teilchen des schnellen Sonnenwinds durchschnittliche Ge-
schwindigkeiten von = 750-10°cm/s, dabei werden zum Teil Maximalwerte deutlich
iiber &~ 10%cm/s gemessen. Die Durchschnittsgeschwindigkeit des langsamen Sonnen-
winds liegt bei etwa ~ 300-10%cm/s. Ein weiterer Unterschied liegt in der Entstehung
der beiden SW-Arten. Es werden zwar noch immer die genauen Entstehungsmechanis-
men erforscht, aber es wird angenommen, dass der schnelle SW aus koronalen Lédchern
emittiert wird, wihrend der langsame SW eher aus koronalen Streamern zu stammen
scheint. In Abb. werden beide Mechanismen illustriert. Koronale Locher entstehen
wenn sich zwei starke Magnetfeldlinien, die aus der Sonnenoberfliche heraustreten und
gleiche Polaritét besitzen, nahe beieinander liegen. Dies ist beispielsweise der Fall bei be-
nachbarten Sonnenflecken mit entgegengesetzter magnetischer Polaritédt. Zudem scheint
die Entstehung koronaler Locher vorzugsweise bei hohen Breitengraden statt zu fin-
den, meist in einem Sonnenfleckenminimum. In diesem Zusammenhang beobachtet man
speziell Regionen, in denen nur sehr schwach Rontgenstrahlung oder energiereiche UV-
Strahlung emittiert wird. Dort laufen viele starke Magnetfeldlinien auf relativ engem
Raum zusammen. In Abb. kann man diesen Effekt sehr gut beobachten. Die dadurch
entstandenen Locher im solaren Magnetfeld lassen Teilchen recht ungehindert mit hohen
Geschwindigkeiten ins Weltall strémen. Besonders der Satellit ULYSSES, welcher sich
erstmals auf polaren Umlaufbahnen um die Sonne bewegte, hat zahlreiche Erkenntnisse
iiber diesen Typus des SWs gesammelt. Der langsame SW wird hingegen eher an gerin-
gen Breitengraden, also in Aquatornihe aus weniger permanenten Regionen emittiert.
Als Hauptkandidaten kommen die Streamer in Frage, die in aktiven Fleckenregionen
auftreten. Das Magnetfeld eines Sonnenflecks muss dazu weit in die Korona hinausrei-
chen, bis die Magnetfeldlinien nahezu parallel verlaufen. Dadurch wird das Plasma aus
den Flussschlauchen férmlich , herausgequetscht®. Dieses Phéanomen ist besonders gut
wahrend einer Sonnenfinsternis zu beobachten. So heben sich deutlich von der restlichen
Korona, die konischen Strukturen ab, die aufgrund ihrer Form im englischen als Helmets

bezeichnet werden. In Abbildung lésst sich diese Namensgebung gut nachvollziehen.
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Abbildung 2.4.: Das sogenannte Ballerinakleid der Sonne. Dies sind die Stromschich-
ten, durch die das Magnetfeld zwischen dessen Polaritit getrennt wird. Aufgrund der
komplexen Figenrotation der Sonne ergibt sich diese verdrehte Struktur, die das grifste
zusammenhdngende Gebilde unseres Sonnensystems formt. Quelle: \Sun-Farth Day 2010,

NASA Goddard Space Flight Center

Der in alle Richtungen stromende Sonnenwind hat eine sehr wichtige Konsequenz
fiir das interplanetare Magnetfeld. Das SW-Plasma tréigt die Magnetfeldlinien mit sich
(Stichwort frozen-in-fluz Kapitel [3.1)) radial von der Sonne hinweg. Durch deren Eigenro-
tation wird das Magnetfeld schliellich in Form einer archimedischen Spirale , verdreht*.
Parker| (1958) beschrieb dieses Phénomen zuerst und wurde somit namensgebend fiir
die Parkerspirale, die auch in Abbildung illustriert ist. In Aquatornihe liegen die
unterschiedlichen Polaritdten des Sonnenmagnetfeldes eng beeinander. Es bildet sich so-
mit eine schmale Schicht zwischen den Polaritdaten, in der, dem Induktionsgesetz der
Maxwell-Gleichungen nach, ein Strom fliet. Daher werden diese auch als Stromschich-
ten bezeichnet. Durch die verschiedenen Magnetfelder, die vom SW nach auflen getragen
werden, der differentiellen Rotation der Sonne und der Notwendigkeit geschlossener Feld-
linien, ergibt sich eine komplizierte grofiraumige Struktur die ihrem Aussehen nach einem
Ballerinakleid &hnelt, sieche Abb. Daher auch die Bezeichnung in der Fachliteratur

als Ballerinaskirt.

Eine sehr gute numerische Modellierung der Eigenschaften des schnellen und lang-
samen Sonnenwinds, speziell deren Geschwindigkeitsentwicklung in Abhéngigkeit zum
Abstand zur Sonne, wurde von [Vainio et al. (2003)) durchgefiihrt. In Abbildung [2.5] er-
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kennt man sehr gut, dass der langsame SW ein deutlich dichteres Medium darstellt, als
der schnelle. Das hat im Speziellen Konsequenzen fiir die turbulente Zusammensetzung
der Heliosphére, die im néchsten Abschnitt diskutiert werden soll. So ist es nicht moglich
das interplanetare Medium ganzheitlich durch ein Turbulenzmodell zu beschreiben. Viel-
mehr muss man sich auf Bereiche beschrénken, die entweder inkompressibel (schneller
SW) oder kompressibel (langsamer SW) sind. Als ein sehr kontrastvolles Beispiel seien
hier die sogenannten ko-rotierenden Interaktionsregionen (Englisch: co-rotating interac-
tion regions, CIR) aufgefiihrt. Da die Emission des schnellen SW eher an den Polkappen
der Sonne erfolgt, wohingegen das Plasma in Aquatorniihe langsam ausstrémt und zu-
dem beide Emissionsregionen unterschiedliche Rotationsgeschwindigkeiten haben, bilden
sich archimedische Spiralen verschiedener Kriimmung aus. Das hat zur Folge, dass sich
beide Sonnenwindarten in bestimmten Bereichen - den CIRs - vermischen, indem der
schnelle SW den langsamen ,,iiberholt“. In einer CIR kommt es zu starker Kompression
des Plasmas, was mit erhchten Temperaturen und verstarkten Magnetfeldern einher ge-
hen kann. Besonders héufig treten ausgepréigte CIRs wéhrend solarer Maxima auf, da in
dieser Phase des Sonnenzyklus koronale Locher bis hin zum Aquator entstehen kénnen
(Forsyth u. Breen| |2002; |[Balogh et al.| [1999) und folglich der schnelle SW stark in den
langsamen einstromt. Dadurch koénnen sich Schockregionen ausbilden, die effizient zur

Teilchenbeschleunigung beitragen.
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Abbildung 2.5.: Zusammenfassung der wichtigsten FEigenschaften des schnellen
(diinne Kurven) und langsamen (dicke Kurven) Sonnenwinds. Dabei stehen die Strich-
Punkt Kurven fiir entsprechende SW-Geschwindigkeit, die Strich-Kurven fiir die
Alfvéngeschwindigkeit, sowie die durchgezogene Kurven fir die Anzahldichten. Die ex-
perimentellen Werte sind durch Datenpunkte (Kreuze) gekennzeichnet. Quelle: |Vainio
etal| (2005)

2.3. Heliospharische Turbulenz

Die Heliosphéire wird, wie im vorangegangenem Abschnitt erldutert, durch den Son-
nenwind dominiert. Aufgrund seiner hohen Geschwindigkeiten in einem Medium mit
geringer Dichte (Abbildung kommt es zu hohen Reynoldszahlen. Diese dimensions-
lose Grofle ist ein Mafl fiir die potentielle Ausbildung von Turbulenz, da sie als das

Verhaltnis zwischen inneren Kraften und kinematischer Viskositat definiert ist

vl

Vkin

Re =

(2.2)
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oder im Fall der magnetischen Reynoldszahl als entsprechendes Verhéltnis zur magneti-

schen Resistivitat

Ao
UMag = 0_2
vL 4o
ReMag = 02 (23)

mit der elektrischen Leitfihigkeit o. Uberschreiten grofie Reynoldszahlen einen kriti-
schen Wert, ist eine Stromung anféllig gegeniiber Storungen und geht vom laminaren
Fall zu Verwirbelungen {iber. Typische Werte fiir die Heliosphére und den Sonnenwind
liegen bei ~ 10'* (Borovsky u. Funsten| 2002; [Borovsky u. Gary| 2008). Daher kann man
das Sonnenwindplasma als stark turbulent betrachten. Missionen vermittels der Mari-
ner-Sonden, konnten in den frithen siebziger Jahren erstmals fluktuierende Felder mes-
sen. Die Beobachtung eines turbulenten Energiespektrums gelang wenige Jahre spéter
durch die Sonde Helios-2. Solche Turbulenzspektren zeichnen sich durch Potenzgeset-
ze E(k) o< k* aus, die sich durch Energiekaskaden entwickeln. Dieser typische Verlauf
der Energie ist in Abbildung sehr gut zu erkennen. Bemerkenswert ist hierbei der
spektrale Bruch, der durch die blauen Punkte in der Grafik markiert wird. Wihrend
sich Helios-2 der Sonne anniherte und immer wieder Messungen vornahm, wenn sie
sich im selben ko-rotierenden Plasmastrom der Sonne befand, bewegte sich dieser Knick
immer mehr zu hoheren Frequenzen. Dies ist in guter Ubereinstimmung mit gingigen
Turbulenztheorien, ndmlich dass ein typisches Spektrum im niederfrequenten Bereich
durch Energieinjektion getrieben wird und diese Energie im darauf folgenden Inertial-
bereich, sich mit einem steilerem Potenzverlauf, zu kleinen Skalen entwickelt. Im Falle
der Helios-2 Messungen macht es also Sinn, dass die spektrale Bruchkante sich nahe der

Sonne, welche die Turbulenz antreibt, zu hoheren Frequenzen verschiebt.
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Abbildung 2.6.: Messungen der magnetischen Feldfluktuationen im Sonnenwind durch
die Helios2-Sonde im Jahre 1976. Die Daten wurden im selben ko-rotierenden Plasma-
Ausfluss der Sonne gemessen wdhrend sich die Sonde tiber 104 Tage der Sonne auf 0.3
AU ndherte. Man kann sehr gut ein Potenzgesetz mit einem spektralen Bruch (blauer
Punkt) erkennen. Je grofier der Abstand zur Sonne ist, desto linger ist der Bereich mit
Exponent ~ —1.7 Quelle: Uberarbeiteter Plot durch |Bruno u. Carbone (2005))

Wenig spéter konnten zudem Simulationen vermittels magnetohydrodynamischen An-
satz durch Matthaeus et al.| (1983)), Grappin (1986) und [Pouquet et al.| (1986) ebenfalls
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nichtlinearen Energietransport zu kleinen Skalen belegen. Seither haben sich einige Tur-
bulenzmodelle entwickelt, die unterschiedliche Ansétze, wie kinetische Beschreibung auf
kleinen Skalen, Magnetohydrodynamik-Modellierungen und WKB-Theorid!] verfolgen
(Bavassano etal| [1982; [Marsch u. Tu [1990; Matthaeus etal. [(1994)). Wie bereits im
vorangegangenen Abschnitt erwidhnt, ist es prinzipiell nicht moglich ein ganzheitliches
Modell zu finden, da die Heliosphére sich als duflerst komplex erweist. Daher werden
sdmtliche Theorien bis heute &uflerst kontrovers diskutiert. Betrachtet man den inkom-
pressiblen schnellen Sonnenwind, kommt besonders erschwerend hinzu, dass Messungen
des Turbulenzspektrums im Mittel einen Exponenten von o =~ —1.6 fiir den Intertialbe-
reich ergeben (Tu u. Marsch| [1995)), ein Wert der fast genau zwischen den inkompressi-
blen Turbulenzmodellen von Kraichnan, sowie Iroshnikov (o = —3/2) und Kolmogorov
bzw. Goldreich und Sridhar (o =~ —5/3) lieg’ﬂ Diese Kontroverse ist auch heutzutage
nicht vollstédndig aufgelost (Carbone u. Pouquet| 2005). Allerdings scheint die Annahme
von Inkompressibilitdt in weiten Teilen der Heliosphére gerechtfertigt zu sein und lésst
auf eine Dominanz des schnellen Sonnenwindes schlieflen (Bruno etal. [1985; Tu etal.
1989). Als Wellenmode eines inkompressiblen, magnetisierten Plasmas kommt somit die
Alfvénwelle in Frage, eine Welle, die sich (anti)parallel zum Hintergrundmagnetfeld B,
ausbreitet. Dies erklért sehr gut die Daten von Helios 2 in Abbildung[2.6] da dieses Spek-
trum rein aus Alfvénwellen besteht. Aulerdem werden kompressible Plasmawellen, wie
z.B. die schnelle und langsame magnetosonische Mode effizient durch Landau- und Bar-
nesmechanismus (Barnes |1966), sowie vikos (Spanier| 2005) geddmpft . Einen méglichen
Kompromiss zwischen beiden Regimes verfolgt die Nahezu-Inkompressible MHD (Eng-
lisch: Nearly Incompressible MHD, NIMHD), wie beispielsweise von |Matthaeus et al.
(1990) untersucht. Dabei wird angenommen, dass leichte Kompressibilitdt durch ein
Druckungleichgewicht zwischen Alfvénwellen hervorgerufen wird. Allerdings scheint auch
die NIMHD nach hinreichender Zeitentwicklung gegen das rein inkompressible Regime

zu konvergieren und konnte sich somit nicht durchsetzen.

! Auf den WKB-Ansatz soll nicht im Detail eingegangen werden. Es sei an dieser Stelle nur erklirt, dass
dieser die aus der Quantenmechanik bekannte Wentzel- Kramer-Brillouin-Niherung verwendet, um
Fluktuationen als inhomogenen, grofiskaligen Fluss zu beschreiben. Diese Herangehensweise liefert
zwar gute Ergebnisse bei der Beschreibung der Verschiebung des spektralen Bruchs wie in Abbildung
kann aber nur auf schwach verédnderliche Fluktuationen angewendet werden. Fiir weitere Details
siehe auch Bruno u. Carbone| (2005).

2Im Theorieteil wird motiviert, wieso man dennoch eher zu einem Kolmogorovexponenten tendieren
sollte.
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2.4. Flares und Coronal Mass Ejections

In diesem Abschnitt werden zwei wichtige Phéinomene der Sonne behandelt, die im di-
rekten Zusammenhang mit hochenergetischen solaren Teilchen stehen. Dabei handelt es
sich um gewaltige Energie- und Materieauswiirfe, die zunéchst nicht exakt unterschieden
werden konnten. Ein kurzer historischer Riickblick soll Aufschluss iiber die Entwicklung

der Erforschung dieser interessanten Phénomene geben.

2.4.1. Solar Flares

Neben den bereits erwihnten Protuberanzen sind solare Flares (vom Englischen: Fackel)
auBerst prominente Erscheinungen auf der Sonnenoberfliche. Sehr allgemein betrachtet,
ist ein Flare ein starker Strahlungsausbruch der sich iiber einen weiten Frequenzbereich
erstreckt. Im sichtbaren Bereich ist besonders der Ubergang der H,-Linie mit etwa 650
nm zu erkennen, der allerdings u.a. in der normalen Oberflichenstrahlung der Sonne
emittiert wird. Daher war auch die Entdeckung durch Richard Carrington vermittels
filterlosen Teleskopes im Jahre 1859 nur moglich, da am 1.September ein besonders
starker Flare im sichtbaren Bereich ausbrach. Nach der Erkenntnis, dass die H,-Linie
sehr intensiv wahrnehmbar ist, wurde fiir lingere Zeit die Klassifikation eines Flares
bei dieser Wellenléinge definiert, wodurch sich auch der Begriff H,-Flare prigtd] Mit
der Entwicklung der Radioastronomie in den 1940er Jahren und anschliefend, etwa 30
Jahre spéter, der Rontgen-Satellitenteleskope (GOES) wurden Flares hauptséchlich in
den Frequenzbereichen 100 MHz bis 400 GHz bzw. durch Rontgenstrahlung und im
hochfrequenten UV-Bereich beobachtet. Heutzutage bieten Satellitenmessungen die bes-
te Moglichkeit Flares zu observieren, da der Filtereffekt der Erdatmosphére wegféllt und
hochauflésende Bilder der Sonnenaktivitiat produziert werden. Ein sehr gutes Beispiel
hierfiir ist in Abbildung zu sehen. Die Klassifikation erfolgt mittlerweile primér iiber
Réntgenintensitéitenﬂ

Wiihrend eines Flares werden Energien bis 10%? erg (integrale Energie) freigesetzt
(Kopp etal.| 2005). Die Menge der Ausbriiche richtet sich ebenfalls nach dem 11-

Jahreszyklus und reicht von wenigen Ereignissen pro Woche bis zu mehreren 10 Ereig-

Klassifikation durch Intensitéit: b (brilliant), n (normal), f (faint) und Gréfle des Flares relativ zur
Sonnenoberfliche S,1,2,3,4 (von klein nach grof3), Bsp: H,-2b, intensiver Ausbruch, mittlerer Aus-
dehnung

2Messung des Flusses in W/m? mit den Klassen A,B,C,M,X von schwach bis stark
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nissen pro Stunde, wobei kleinere Flares (Klasse A/B der Rontgendefinition) héufiger zu

beobachten sind. Die Beobachtungszeit variiert, je nach betrachtetem Frequenzbereich
(Kahler| [1992). So wurden zwei Haupttypen von Flares von Pallavicini et al.| (1977)

mittels Skylab-Messungen im Rontgenbereich durch Dauer und Ausdehnung unterschie-

den. Typ I erreicht Gesamthéhen von maximal 10° cm und ist fiir wenige 10 Minuten
sichtbar, wohingegen Typ II deutlich {iber 10° cm Hohe erlangt und mehrere Stunden

observierbar bleibt.

2.4.2. Coronal Mass Ejections

Abbildung 2.7.: Aufnahme des Chronographen LASCO (mit ausgeblendeter Korona)
durch SOHO. Man erkennt zwei interessante Phinomene. Zum einen einen duflerst star-
ken koronalen Masseauswurf (CME, rechts im Bild). Zum anderen einen sogenannten
Helmet (links), durch die vermutlich der langsame Sonnenwind emittiert wird. Quelle:

Sun-Farth Day 2010, NASA Goddard Space Flight Center

Eine vergleichsweise junge Entdeckung der Sonnenforschung sind die sogenannten
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koronalen Masseauswiirfe (Englisch: coronal mass ejections, CME), die, dem Namen
entsprechend, enorme Ausstofle von Materie der Sonnenoberfliche sind. Dabei wer-
den CMEs im planetennahen Bereich als interplanetare CMEs (Abkiirzung ICME) be-
zeichnet. Im Gegensatz zu Protuberanzen féllt das ausgeworfene Material nicht wieder
auf die Sonne zuriick, sondern wird mit Geschwindigkeiten von 10% cm-s™! bis etwa
3-10% cm-s~! weit in die Heliosphire geschleudert. Typische Massen eines Auswurfes
liegen bei etwa 10'® g, wodurch das Plasma kinetische Energien bis 1032 erg erreicht
(Manchester etal. 2005). Durch die teilweise enormen Geschwindigkeiten des ausge-
worfenen Plasmas, dass in den, zum Teil langsameren, Sonnenwind einstromt, bildet
sich eine Schockfront aus, sofern die Geschwindigkeit des CMEs im Bezugsystem des
SW grifer als die magnetosonische Schallgeschwindigkeit ist. Das geschieht in der Regel
bei sehr schnellen Ereignissen mit v > 5-107 cm -s~!. Diese Schocks sind direkt messbar
und stellen duflerst effiziente Teilchenbeschleuniger dar (Vourlidas et al.| 2003). Wéhrend
sich der CME von der Sonne entfernt, zieht er die magnetischen Feldlinien aufgrund des
frozen-in-fluxes mit sich und stoért somit das Feld der Parkerspirale (sieche Abbildung
. So werden an einer Seite des CME die Feldlinien verdichtet, wiahrend auf der an-
deren Seite das Magnetfeld ausdiinnt. Aulerdem biegen die Feldlinien sich entlang der
Schockfront, bis sie vor der Schockregion wieder der gewohnlichen archimedischen Spi-
rale folgen. Ein weiterer Effekt ist das Ausbilden von sogenannten Plasmoiden, auch als
magnetische Blasen bezeichnet. Das sind geschlossene Magnetfeldstrukturen, die entste-
hen, wenn der CME sich weit von der Sonne entfernt hat, so dass dessen innere Feldlinien
hinter der Plasmawolke sehr eng beeinander liegen, wodurch diese in der sogenannten
Rekonnexionsregion sich neu verbinden kénnen. Diese Thematik wird im Anschluss in
Kapitel genauer erldautert. Der Rekonnexionsprozess ist in diesem Fall langsam und
es lassen sich CMEs bis zu 5 AU beobachten, die noch geschlossene Feldlinien zur Sonne
aufweisen (Gosling etal.| [1995). Je nach Aktivitéit des Sonnenzyklus, ist das Weltall
mehr oder weniger stark mit Plasmoiden und magnetischen Schleifen gefiillt, was in ak-
tiven Phasen mittlere Absténde zwischen ihnen von 1 AU bedeutet, bei passiven Phasen

entsprechend etwa 10 AU.

CMEs sind weniger strahlungsintensiv und daher nur schwer von der Korona oder
von eruptiven Protuberanzen zu unterscheiden. Deshalb wurde dieses Phédnomen durch

die ersten Satellitenexperimente, die mit Chronographen E] ausgestattet waren, beobach-

lwelche die Korona ausblenden
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tet. So gelang es erstmals OSO-7 (1973) und Skylab (1974) einen CME zu detektieren
(Gosling et al.| 1974). Diese Entdeckung entfachte in den darauf folgenden Jahren ei-
ne Debatte, inwiefern CMEs und solare Flares miteinander in Verbindung stehen und
vor allem, welches der beiden Phénomene effizient Teilchen beschleunigt und damit im
Zusammenhang mit starken geomagnetischen Stiirmen und hochenergetischen Teilchen
steht. Es war mehr als 50 Jahre anerkannt und mit zahlreichen Theorien und Beob-
achtungen bestétigt, dass Flares die Ursache starker Teilchenbeschleunigung und Aus-
bildung von Schockregionen sind (Hale, [1931; |Forbush [1946). Zwar wurde zunéchst
auch die Idee von |Greaves u. Newton| (1928) verfolgt, dass eruptive Protuberanzen dafiir
verantwortlich sein konnten. Da diese aber, Beobachtungen zufolge, in der Regel wie-
der zur Sonne zuriickfallen wurde diese Theorie wieder verworfen (Hale [1931). Erste
Zweifel an der Verkniipfung von Flares mit Schockregionen kamen auf, nachdem Skylab-
Messungen keinen direkten Zusammenhang herstellen konnten und |Lin u. Hudson| (1976)
notige Flare-Elektronen-Energien von mindestens 20 keV berechneten, die nur bei sehr
starken Flares erreicht werden. CMEs wurden somit immer mehr in Betracht gezogen
und man nahm zunéchst an, dass diese durch H,-Flares erzeugt werden. Systematische
Untersuchungen von CMEs durch Munro et al.| (1979) zeigten jedoch, dass nur ca. 40%
mit Flares im Zusammenhang stehen, hingegen etwa 70% zusammen mit Protuberanzen
auftreten. Mittlerweile ist die Auffassung, dass eher CMEs durch Flares begleitet wer-
den, als anders herum (Kahler et al.| [1989) und dass koronale Masseauswiirfe mit hohen
Geschwindigkeiten zusammen mit H,-Flares auftreten. Aus mangelndem Verstdndnis
der Erzeugungsmechanismen ist diese Aussage allerdings eher eine Regel, als ein valides
Gesetz. So wurde ebenso Teilchenbeschleunigung an CME-Schockfronten detektiert, bei
denen der koronale Masseauswurf weder mit einem Flare assoziiert war, noch aus einer

aktiven Sonnenregion zu stammen schien (Kahler et al.| 1986)).

Eine Klasse von koronalen Masseauswiirfen sind die sogenannten Halo CMFEs. Diese
zeichnen sich dadurch aus, dass sie sich in Richtung Erde bewegen und dadurch einen
optischen Halo auf Bildern von Chronograhpen-Beobachtungen erzeugen. Diese spezielle
Klasse ist von grofler Bedeutung fiir das Weltraumwetter, also den direkten Einfluss auf
die Erde. Es ist iiblich Halo CMEs als ICMEs abzukiirzen. Fiir das Weltraumwetter ist
eine frithe Detektion und Geschwindigkeitsmessung solcher Ereignisse duflerst wichtig,
zumal ICMEs im Durchschnitt nur etwa 80 Stunden bis zur Erde benotigen (Brueckner
et al.| [1998)).
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Das Hauptproblem liegt derzeit nicht in der Beobachtung von Flares und CMEs, als
vielmehr im Versténdnis ihrer grundlegenden Erzeugungsmechanismen. Es wird immern-
och versucht zu verstehen, welche Prozesse diese Ereignisse hervorrufen. Ein vielverspre-
chendes Modell bietet die magnetische Rekonnexion, woriiber im néchsten Abschnitt

dem Leser ein kurzer Uberblick verschafft werden soll.

2.4.3. Magnetische Rekonnexion
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Abbildung 2.8.: Skizze der magnetischen Rekonnexion gemdfs dem Sweet-Parker-
Modell. Zwei Plasmastrémungen mit unterschiedlich orientierten Magnetfeldern flieflen
ineinander und erzeugen eine durch Diffusion dominierte Region der Hohe h und der
Linge L in der die Feldlinien sich schnell ausrichten und sich neu verbinden kénnen.
Quelle: Selbserzeugte Grafik nach einer Idee von |Koskinen (2011|)

Um einen Flare oder eine CME zu erzeugen sind duflerst grofie Energien nétig. Diese
Energien lassen sich durch den Prozess der magnetischen Rekonnexion erkléaren. Der
Zusammenhang zwischen eng benachbarten, starken Magnetfeldern in Sonnenflecken-
regionen wahrend des solaren Maximums und dem Auftreten von CMEs wurde durch
Hildner et al. (1976) vorgeschlagen. Svestka (1986) schloss auf den Mechanismus der Re-
konnexion bei langanhaltenden eruptiven Flares, die von CMEs begleitet werden. Des
Weiteren findet Rekonnexion von Feldlinien auch im Schweif der Magnetosphére der
Erde statt.
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Die zugrundeliegende Mechanismus der magnetischen Rekonnexion ist die Neuan-
ordnung zweier eng beieinanderliegender Feldlinien['| mit unterschiedlicher Polaritit, die
sich untereinander neu verbinden. Bei solch einer Rekonnexion wird der magnetische
Fluss kurzzeitig gestort, was im Fall der Sonne bedeutet, dass immense Fliisse, die sich
iiber mehrere Stunden aufgebaut haben, plotzlich austreten und somit enorme Mengen
magnetischer Energie frei wird, die sich in kinetische und thermische Energie wandelt.
Der mikroskopische Vorgang ist bis heute nicht geklart und l&sst somit einige Fragen

offen. Man kann allerdings erkldren welche Voraussetzungen nétig sind.

Im Bild der klassischen MHD ist der magnetische Diffusionsterm von Bedeutung fiir
die Neuausrichtung des magnetischen Flusses. Die magnetische Diffusion ist in astro-
nomischen Plasmen jedoch meist sehr klein, was im Wesentlichen daran liegt, dass
hohe Leitfahigkeit o, welche invers proportional zur magnetischen Diffusivitdt 7 ist,
vorherrscht. Der Grund dafiir ist, dass die Diffusionszeitskala 7p = L?/n fiir groie Sys-
temlidngen L sehr groff wird (Koskinen| 2011). Stromen zwei ideale Plasmafliisse, die
unterschiedliche Magnetfeldrichtungen haben, mit ihren eingefrorenen Magnetfeldern
aneinander vorbei, so bildet sich eine Stromschicht aus E] Diese Stromschicht erzeugt
eine neue, deutlich kleinere, effektive Systemlinge, was folglich die Diffusionszeitskala
verkiirzt. Wird die Stromschicht sukzessive diinner, dominiert schliellich die Diffusi-
on und das Magnetfeld richtet sich sehr schnell neu aus. Dabei wird die Stromschicht

zwischen den Plasmen durchbrochen.

An dieser recht einfachen Beschreibung finden sich zwei Probleme. Zum einen ist
auf der Léangenskala, die zur Rekonnexion fiihrt, die Annahme der MHD nicht mehr
moglich. Zum anderen wiirde sich das Plasma an den Stromschichten ansammeln und
nicht schnell genug wegstromen. Eine Losung fiir Letzteres wurde durch Sweet| (1958])
und |Parker| (1957) vorgeschlagen. Im Sweet-Parker-Modell wird die Ausdehnung L der
Diffusionsregion im Einstrémbereich als grofl gegeniiber deren Hohe h in Ausstrombe-
reich angenommen, wobei das Problem durch geschickte Koordinatenwahl immer auf
effektiv zwei Dimensionen riickfithrbar ist. Wie auch in Abbildung angedeutet, hat
dann das nach auflen stromende Plasma hohere Geschwindigkeit als das einstromende.

Ein Vergleich zwischen Poynting-Fluss und Energieinderung der beiden Plasmastréomun-

1 Zwar sind Feldlinien nur ein kiinstliches Hilfsmittel, dass die zugrundeliegende Dynamik der Magnet-
felder durch die Maxwellgleichung nur ndherungsweise beschreibt, im Zusammenhang mit Rekonne-
xion jedoch sehr anschaulich.

?Das entspricht genau dem selben Mechanismus der bereits im Zusammenhang mit Abbildung
beschrieben wurde und zur Ausbildung des Ballerinakleids fiihrt.
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gen ergibt, dass die Ausflussgeschwindigkeit der Alfvéngeschwindigkeit v 4[] entspricht.
Dieses Modell beschreibt die Rekonnexion schon deutlich besser, allerdings sind die Zeits-
kalen auf denen das Plasma in die Diffusionsregion einstromt so grof3, dass z.B. Energie
fiir einen typischen Flare mehrere Tage lang aufgebaut werden miisste. Daher bezeich-
net man beim Sweet-Parker-Modell den Prozel auch als langsame Rekonnexion. Eine
Verbesserung wurde dahingehend von [Petschek (1964) erzielt, der einen diffusionsdo-
minierten Bereich ausschlo3 und stattdessen die schnellen Magnetfeldstérungen durch
Beschleunigung des Plasmas an Schocks, die durch die langsame Plasmamode (Englisch:
slow mode) auftreten, erklérte. Diese Beschreibung liefert deutlich hohere Einstromge-
schwindigkeiten als das Sweet-Parker-Modell und somit eine viel gréffere magnetische
Flussrate. Durch diese schnelle Rekonnexion konnten erstmals Ph&nomene wie Flares

erklart werden.

Allerdings sind viele Fragen immernoch nicht ausreichend geklért, wie z.B. die Re-
konnexion in kollisionsfreien Plasmen, in denen die MHD nicht mehr anwendbar ist.
Auch hierfiir gibt es zahlreiche Anséitze und Modelle, die jedoch nicht im Fokus der vor-
liegenden Arbeit stehen. Da die Grundlagen der Sonnenphysik ausreichend vorgestellt
wurden, soll sich stattdessen nun der Phinomenologie solarer hochenergetischer Teilchen

angenomimern werden.

2.5. Solar Energetic Particle - Events

In diesem Kapitel wird das Phénomen hochenergetischer solarer Teilchen vorgestellt.
Dazu werden zunéchst die generellen Eigenschaften erdrtert und im Anschluss die zu-

grundeliegenden Teilchenbeschleunigungsmechanismen diskutiert.

2.5.1. Aligemeine Eigenschaften von SEP-Ereignissen

Auf der Erde werden geladene solare Teilchen mit Energien von 10 MeV bis nahezu
1 GeV detektiert. Dabei erreichen nur die Protonen, also im Wesentlichen Kerne von
Wasserstoff, Helium, Sauerstoff, etc. solche Energien, wohingegen Elektronen im keV bis

100 MeV Bereich liegen. Zuerst wurden diese hochenergetischen Teilchen durch [Forbush

IDies entspricht der Ausbreitungsgeschwindigkeit von inkompressiblen Plasmawellen - siehe Kapitel

B1
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(1946) entdeckt und wurden im weiteren Verlauf als solar energetic particles, (SEP) be-
zeichnet. Die Messungen solcher Teilchen sind von grofler Bedeutung, da sie im direkten
Zusammenhang mit ihrer Quelle stehen und somit eine Fiille an Informationen iiber

CMEs, Flares und andere Teilchenbeschleuniger in der Heliosphére bieten.

SEPs unterscheiden sich zum einen durch ihre hohe Energie und zum anderen durch
ihre geringe Dichteﬂ vom omnipréasenten Sonnenwind. Zahlreiche Messungen dieser Teil-
chen wurden durch das Goddard Space Flight Center vermittels der Satellitenexperi-
mente ISEE-3, International Sun Farth Explormﬂ und IMPS, Interplanetary Monito-
ring Platform durchgefiihrt. Heutzutage wurden diese Experimente teilweise durch den
Satelliten WIND abgelost, der hochenergetische Teilchen mit dem Instrument EPACT
detektiert. Die Messungen unterscheiden die SEPs in zwei Typen. Zum einen in die
sogenannten impulsiven SEPs, zum anderen in die sukzessiven SEPs. Die folgenden Ei-

genschaften werden diesen beiden Typen nach |Lang) (2009) zugeordnet.

Impulsive Ereignisse sind mit wenigen Stunden Beobachtungszeit eher kurzlebig und
werden mit Typ 1 Réntgenﬂareﬁ assoziiert. Messungen durch Chronographen ergeben
keine Korrelation zu CMEs, stattdessen werden die Teilchen sehr wahrscheinlich von
Flares oder durch Wellenmoden, die von Flares verstirkt werden, beschleunigt. Es wer-
den wéhrend des solaren Maximums ca. 1000 pro Jahr gemessen. Impulsive SEPs sind
reich an Elektronen und setzen sich gleichermaflen aus Helium-3 und Helium-4 zusam-
men. Das ist insofern erstaunlich, dass nur ein dufierst kleiner Anteil’| der Sonne aus *He
besteht, was wiederum den zugrundeliegenden Beschleunigungsmechanismus charakte-
risiert. Dieser muss gezielt mit dem seltenen Helium-3 wechselwirken und auflerdem
teilweise *He beschleunigen, da die Zeitverliufe der Intensitéiten beider Spezies #hnlich
sind. Beispielsweise kdme als Beschleunigungsprozefl die Welle-Teilchen-Resonanz durch
Alfvénwellen in Frage, da die Gyrationsfrequenz beider Heliumspezies nahe beieinander
liegt und mit Alfvénwellen unterhalb der Protonengyrofrequenz (2, interagieren kann
(Koskinen| 2011). In jedem Fall scheint der Beschleunigungsmechanismus recht nahe
der Sonne statt zu finden, da impulsive SEPs fast ausschliefSlich aus Regionen hoher

ostlicher Linge stammen (Reames [1999)). Geladene Teilchen folgen der Parkerspirale
(Abbildungen und , da sie an das starke Hintergrundmagnetfeld gebunden sind.

1 1

Vergleich der Fliisse von ~ 10cm?s~! zu Sonnenwindfliissen von etwa ~ 10'%cm?s™

2Spiter in ICE - International Cometary Explorer umbenannt, da die Sonde als erste durch einen
Kometenschweif geflogen ist.

3Klassifikation in Kapitel nach |Pallavicini et al.| (1977)

4In der Sonnenatmosphire macht 3He lediglich 0.02% der Gesamtheliummenge aus (Koskinen| 2011)).
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Das hat zur Folge, dass in Erdnéhe gemessene Teilchen, die wenig Stérungen wiahrend
ihrer Ausbreitung erfahren haben, also nur gering gestreut oder beschleunigt wurden,

immer von Ostlichen Gebieten der Sonne kommen.

Sukzessive SEPs sind zum Teil mehrere Tage lang beobachtbar und werden eher
mit Typ II Rontgenflares in Verbindung gebracht. Die Tatsache, dass dieser Flaretyp
héufig von CMEs begleitet wird und Chronographenmessungen eine Korrelation von
etwa 96% zu CMEs zeigen, lidsst darauf schliefen, dass diese SEPs durch Schockbe-
schleungigung generiert werden. Wéhrend starker Sonnenaktivitdt beobachtet man etwa
100 solcher Ereignisse pro Jahr (Lang| 2009). Im Gegensatz zu impulsiven SEPs ent-
spricht das ®*He/*He Verhiltnis mit &~ 10™* der natiirlichen Sonnenmateriezusammen-
setzung. Aufgrund der eben beschriebenen Eigenschaften ist eine Beschleunigung der
sukzessiven SEPs an Schockfronten sehr wahrscheinlich (Kahler et al.| [1984). Besonders
wird dies durch die Detektion von Kahler etal. (1986|) hevorgehoben, da diese SEP-
Messung nicht mit einem Flare in Zusammenhang stand. Betrachtet man die Verteilung
der SEP-Ereignisse in Abhéngigkeit des solaren Lingengrades ihrer Quellen, stellt man
im Gegensatz zu impulsiven SEPs keinen Vorzugsbereich fest. Die Verteilungsfunktion
ist deutlich breiter und erstreckt sich iiber die gesamten Langengradeﬂ Auch dies spricht
vornehmlich fiir Teilchenbeschleunigung an interplanetaren Schockfronten, da diese sich
unabhéngig zum Hintergrundmagnetfeld ausbreiten konnen und somit Teilchen effizient
von der Bewegung entlang der Parkerspirale ablenken. Als schockerzeugende Ereignisse
kommen im Wesentlichen nur drei verschiedene Phénomene in betracht, die zu einer
sukzessiven SEP-Messung fithren kénnen. Eine Mdéglichkeit sind die, unter Kapitel
erlauterten, durch CME erzeugten Schockregionen und im Speziellen ICMEs, die sich zur
Erde hin bewegen. Des Weiteren kommt der planetare Bow-Schock in Frage, also der Be-
reich in dem der Sonnenwind auf die Magnetosphére der Erde trifft und diese verformt.
Als letzte Moglichkeit konnen sukzessive SEPs durch CIRs beschleunigt werden, die
ebenfalls Schockfronten ausbilden kénnen, wie bereits in Kapitel [2.2| erwéahnt. Da jedoch

! Anmerkung zur Messmethode: Das Zuordnen der sukzessiven SEPs zu einem bestimmten Lingengrad
erweist sich als kompliziert, da ein CME nicht in jedem Fall seiner Enstehungsregion zugewiesen
werden kann, speziell solche, die weder aus aktiven Sonnenregionen zu kommen scheinen, noch von
einem Flare begleitet werden. In der Tat konnen SEPs detektiert werden, beschleunigt von CMEs,
die auf der nicht der Erde zugewandten Sonnenseite, erzeugt wurden. Dies ist zum einen durch
die Kriimmung des Schocks moglich, zum anderen da Teilchen an Schockfronten auch resultierend
,riickwirts” gestreut werden kénnen (siehe Abbildung . Aus diesem Grund verwendet man zur
Katalogisierung der SEP-Quellen nur CMEs, die mit Flares assoziiert werden kénnen. Man kann
dennoch signifikant die Quellen ermitteln, da gerade schnelle CMEs, die hauptséchlich Teilchen
beschleunigen, mit Flares einher gehen.
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schnelle CMEs besonders effizient Teilchen beschleunigen (Reames [1999), fokussiert
sich vorliegende Arbeit auf CME-Schockregionen im Falle sukzessiver SEP-Ereignisse.
Im néchsten Abschnitt soll geklart werden, wie Beschleunigungs- und Transportmecha-

nismen im Detail funktionieren.

2.5.2. Beschleunigung und Transport von Teilchen in

SEP-Ereignissen

CME
mit Schockfront (blau)

Flare

Beschleunigtes
Teilchen, gebunden
an das Feld der
Parkerspirale

Abbildung 2.9.: [llustration der Teilchenbeschleunigung an Flares und CMFEs. Durch
den frozen-in-fluz verdndert ein CMFE die Magnetfeldstruktur der Parkerspirale mafgeb-
lich. In der CME-Plasmawolke befinden sich Magnetfeldschleifen, die bis zu 5 AU noch
mit der Sonne verbunden sind. Durch langsame Rekonnexion kinnen daraus Plasmoiden
entstehen. Diese komplere Magnetfeldtopologie schligt sich in der Messung von SEP-
FEreignissen nieder. Quelle: Selbsterzeugte Grafik, nach einer Idee von|Reames (1999)

Da die Beschleunigungsmechanismen von beiden SEP-Typen scheinbar grundsétzlich
verschieden sind, werden im Folgenden separate Bertrachtungen angestellt. Abbildung
2.9 stellt die Grundidee beider Prozesse dar. Sukzessive Ereignisse werden durch CME-

getriebene Schockfronten beschleunigt, wohingegen Flares eine direkten Mechanimus
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nahe der Sonne aufweisen.

Sukzessive SEP-Ereignisse

Die lange Beobachtungszeit, die recht gleichméflige Lingengradverteilung, sowie das Auf-
treten unabhéngig von Flares sind starke Indikatoren fiir Schockbeschleunigung. Da-
bei ist die Geschwindigkeit des Schocks von grofler Bedeutung. Zunéchst muss sich der
Schock schneller als der durschnittliche Sonnenwind bewegen, also vg > 5-107 cm -s7L.
Ist vg ~ 7.5-107 cm-s7!, also etwa die Geschwindigkeit des schnellen SW, erfolgt auf
jeden Fall ein SEP-Ereignis (Reames et al.| [1997). Die AusmaBle des CMEs sind hingegen

nicht relevant, da massereiche, aber langsame CMEs keine SEPs erzeugen.

Energiedinderung von Teilchen an Schockfronten basiert im Wesentlichen auf der, von
Enrico Fermi entdeckten, Fermi-Beschleunigung. Dieser Prozess beschreibt den sukzes-
siven Energiegewinn durch Streuung von Teilchen zwischen der upstream und down-
stream-Region, also den Bereichen vor und hinter der Schockfront. Stellt man sich bei-
spielsweise ein Proton vor, dass sich in die upstream-Region hinein bewegt und dort
gestreut wird, so veréndert sich durch den Streuvorgang die Ausrichtung des Teilchens
zum Hintergrundmagnetfeld, die durch den sogenannten Pitchwinkel 1 = cos@ (siehe
auch Gl. bestimmt wird. Da im mitbewegten System des Schocks das Teilchen
elastisch gestreut wird dndert sich dessen Impulsbetrag p nicht. Das Teilchen gewinnt
dennoch Energie, da E ~ vg pAu. Wird das Proton wieder aus dem Schock hinaus in die
upstream-Region gestreut und von der Front eingeholt, bzw. anschliefend wieder von
upstream in den Schock hineingestreut, so kann sich der Vorgang wiederholen, bis das
Proton deutlich Energie gewonnen hat und den Schockbereich endgiiltig verlédsst. Dieser
Vorgang wird auch als Fermi-I-Prozess bezeichnet, da der mittlere Energiezuwachs nur

linear von der Schockgeschwindigkeit abhéingtﬂ.

Angewandt auf die Problematik eines CME unterscheidet man zwei Szenarien. Ist die
Schockfrontnormale parallel zum magnetischen Hintergrundfeld, findet der Beschleun-

gigungsprozess wie eben beschrieben statt und man spricht von Diffusiver Schockbe-

!Entsprechend ist der Fermi-II-Prozess quadratisch von der Geschwindigkeit der Streuregion abhingig.
Der einzige physikalische Unterschied ist hierbei, dass keine Schockfront mit einer Vorzugsrichtung
vorliegt, sondern die Streuregionen beliebige Ausbreitungsgeschwindigkeiten haben kénnen. Fermi
beschrieb diesen Prozess zuerst und argumentierte, dass auch in diesem Fall ein resultierender Ener-
giegewinn vorliegt, da es wahrscheinlicher ist, dass Teilchen gestreut werden, die sich gegen die
Ausbreitungsrichtung des Plasmas bewegen, als anders herum.
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schleungigung (Englisch diffusive shock acceleration, DSA). Man erwartet dies beson-
ders in Bereichen des Schocks, die weit genug vom antreibenden CME entfernt sind,
so dass die Parkerspirale relativ ungestort, also senkrecht, die Schockfront durchdringt.
Dies ist vor allem in &stlichen| Bereichen des Schocks der Fall, da das Magnetfeld auf-
grund der Geometrie nur gering verzerrt ist (sieche Abbildung . Nahe der Mitte der
Schockfront bis westlich davon, steht das Hintergrundmagnetfeld vornehmlich senkrecht
zur Schockfrontnormalen. Dadurch richten sich die Teilchen in ihrer Gyrationsbewegung
dementsprechend aus. Folglich wechseln Teilchen mit jeder Gyration zwischen upstream
und downstream Bereich und erhalten eine resultierende Driftbewegung durch vg x By.
Gemessen an dem Energiezuwachs nach Fermi-I, gewinnen die Teilchen deutlich schnel-
ler und auch stérker an Energie, da sie immer wieder in den Schock , hineingezwungen*
werden. Man nennt diesen Vorgang auch Schock-Drift-Beschleunigung (Englisch Shock-
Drift-acceleration, SDA). Eine Driftbewegung entsteht immer, wenn auf ein geladenes
Teilchen in einem Magnetfeld eine zusétzliche Kraft wirkt oder sofern das Magnetfeld
Inhomogenitéten aufweist, so dass die Tensordivergenz V ® B # 0. Dann fiihrt das
Teilchen nicht nur eine Gyrationsbewegung um die Magnetfeldlinien aus, sondern wird
zusatzlich durch

_F><B

= 2.4
Up B2 (2.4)

senkrecht zum Hintergrundfeld abgelenktﬂ. Im Falle der SDA wird die Drift-erzeugende
Kraft durch das elektrische Feld hervorgerufen, das durch die Schockgeschwindigkeit

vermittels —F oc vg X By entsteht.

Durch die variierende Magnetfeldtopologie entlang der Schockfront und innerhalb
des treibenden CMESs, die in Abbildung [2.9| verdeutlicht wird, kann man auch sehr
gut zwischen den einzelnen Schock-Bereichen, in denen das SEP-Ereignis erzeugt wird,
unterscheiden. Ist die Sonde oder der Satellit, der ein SEP-Ereignis detektiert im 6stli-
chen Bereich des Schocks, was den westlichen Feldlinien der Sonne entspricht, ist die

Intensitéit energiereicher Teilchen zunéchst schlagartig hoch und féllt iiber die Beobach-

LAn dieser Stelle sei der Leser darauf hingewiesen, dass ,,6stlich“ die rechte Flanke des Schocks, be-
trachtet von upstream nach downstream Region, meint. Dies ist genau spiegelverkehrt zur , Him-
melsrichtungsdefinition® der Sonnenscheibe. Das ist zwar teilweise verwirrend, aber {iblich in der
Fachliteratur.

’2Im Falle eines inhomogenen Magnetfelds ist die Herleitung etwas komplizierter, da aber
F = —q/2v xr-e,V ® B ist die Driftgeschwindigkeit vp o« B x VB (Koskinen| [2011))
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Abbildung 2.10.: Intensitit eines SEP-Ereignisses fiir 3-6MeV Protonen, gemessen
an drei verschiedenen Bereichen des Schocks. Der antreibende koronale Masseauswurf
wurde einer Quelle im ostlichen Bereich der Sonne zugeordnet, was der Abkiirzung E58
entspricht. Die Messungen wurden durch Helios1 nahe dem Scheitelpunkt der Schockfront
und durch Helios2 und IMPS8 westlich davon aufgezeichnet. Der Schock erreichte die
Weltraumsonden etwa am 3. Mdrz. Im Bereich A liegen sind die Messwerte deutlich
verschieden, wohingegen im Bereich B ein Schnittpunkt vorliegt. Dieses Phinomen wird
als raumliche Invarianz bezeichnet. Quelle:|Reames (1999)

tungszeit ab. Bemerkenswert dabei ist, dass der Moment, in dem die Schockfront das
Messgerét erreicht, keine signifikante Anderung im Intensitéitsprofil des SEP-Ereignisses
verursacht. Ist der Messpunkt in der Mitte, also am Scheitelpunkt des Schocks, so wird
eine hohe SEP-Intensitédt iiber ldngere Zeit - etwa 2-3 Tage - recht konstant gemessen,
die wenige Stunden nach der Passage der Front zunichst rapide und dann allm&hlich
abfillt. Befindet sich die Messanlage im westlichen Teil der Schockregion, wird eine lang-
sam ansteigende SEP-Intensitéit detektiert, die wenige Stunden nach dem Passieren der
Schockfront ihr Maximum erreicht und schliellich langsam abféllt. Speziell die Unter-

schiede einer Messung nahe des Scheitelpunktes und im westlichen Schockbereich, ist in

Abbildung zu erkennen.
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Abbildung 2.11.: Darstellung eines magnetischen Spiegels. Am Beispiel: ein Proton
gyriert in einem, sich verdichtenden Magnetfeld (Betrige B,, > By) und kehrt, aufgrund
der Erhaltung des magnetischen Moments, seinen parallelen Impuls um. Quelle: |\Ganse

(2012)

Erkldren kann man diese unterschiedlichen Messergebnisse durch die Struktur des
Magnetfelds. Dazu ist es zundchst wichtig einen Effekt der Plasmaphysik néher zu be-
leuchten. Bewegt sich ein geladenes Teilchen entlang einer Feldlinie in einem inhomo-
genen Magnetfeld, dass sich parallel zur Bewegungsrichtung verdichtet, so wirkt auf

das Teilchen eine resultierende Kraft, welche die parallele Geschwindigkeitskomponente
abbremst (sieche Abbildung [2.11)). Die Ursache hierfiir ist das magnetische Moment

1 mov?
= oL 2.5
s = 5B (2:5)

das in der Plasmaphysik eine adiabatische Invariante darstellt. Durch das dichter wer-
dende Magnetfeld steigt also |B|, was durch die senkrechte Geschwindigkeitskompo-
nente des Teilchen kompensiert werden muss. Aufgrund der Energieerhaltung verliert
das Teilchen somit immer mehr an parallelem Impuls und gewinnt an senkrechtem. Ist
die Verdichtung des Magnetfelds (B,, Abbildung ausreichend grofl gegeniiber dem
Hintergrundfeld By, kann dieser Prozess soweit fortschreiten bis das Teilchen seine paral-
lele Ausbreitungsgeschwindigkeit schliellich umkehrt, um den dichten Magnetfeldbereich
Lriickwérts” zu verlassen. Da das Teilchen also effektiv reflektiert wird, bezeichnet man
dieses Phidnomen als einen magnetischen Spiegel. Ob ein Teilchen von einem magne-
tischen Spiegel reflektiert werden kann, héangt ausschlieflich von seinem anfénglichen
Pitchwinkel ab. Verdichtet sich das Magnetfeld in der ,Riickrichtung® erneut, ist das
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Teilchen in einer sogenannten magnetischen Flasche gefangen. Ein populéres Beispiel ist
der Van-Allen-Glirtel - ein Bereich des Erdmagnetfeldes, der eine magnetische Flasche
bildet und hochenergetische geladene Teilchen (hauptséchlich relativistische Elektronen)
gefangen halt, die zwischen den magnetischen Polen hin und her reflektiert werden. Erst
kiirzlich konnte man die plotzliche Entpopulation dieses Giirtels durch geomagnetische
Stiirme, die durch besonders starke CMEs und CIRs erzeugt werden, erklidren (Turner
etal. 2012).

Die unterschiedlichen SEP-Spektren werden also folgendermaflen verursacht. Im 6stli-
chen Bereich der Schockfront herrscht ein vergleichsweise schwaches Magnetfeld. Die
Feldlinien folgen im Wesentlichen der Parkerspirale. Beschleunigung durch DSA erzeugt
hochenergetische SEPs, welche die Schockregion schnell verlassen konnen. Folglich ist
die Intensitédt dieser Teilchen, die eine Sonde detektiert am groBiten, wenn die Schock-
front sich gerade ausgebildet hat und noch weit entfernt ist. Eine Messung im mittleren
Bereich der Schockfront wird durch Schock-Drift-Beschleunigung dominiert und erhalt
somit iiber ldngere Zeit Teilchen hoher Energien. Selbst nachdem der Schock an der
Sonde voriibergezogen ist, dndert sich die SEP-Intensitét nicht sehr stark, zum einen
weil die Teilchen immmer wieder hinter die Schockfront gyrieren, zum anderen weil
manche Teilchen in den Plasmoiden des CMEs oder den geschlossenen Feldlinien zur
Sonne hin gefangen sind (siehe Kapitel und Abbildung . Betrachtet man zu-
letzt den westlichen Abschnitt der Schockfront, kann man das allméhliche Ansteigen der
Intensitdt dadurch erklaren, dass SEPs durch die Parkerspirale abgelenkt werden. Erst
deutlich nachdem der Schock das Messgerit passiert hat, erreicht das SEP-Spektrum
sein Maximum, was daran liegt, dass hochenergetische Teilchen vom Scheitelpunkt der
Front zuriickgestreut werden und sich entlang der verzerrten Magnetfeldlinien Richtung

westlicher Schockregion ausbreiten.

Einen weiteren interessanten Effekt, den man in Abbildung beobachten kann ist
die rdumliche Invarianz. So bezeichnet man das Phdnomen, dass Spektren aus unter-
schiedlichen Schockbereichen an einem Punkt zusammenlaufen (Intervall B in Abbildung
. Dies kann man durch die magnetische Flasche erkldaren, die der CME mit der Son-
ne bildet. SEPs sind darin gefangen und werden von einem Messgerit folglich erst nach
dem Passieren der Schockfront detektiert (Reames et al.| [1997). Dennoch weisen manche
SEP-Messungen die rdumliche Invarianz vor Erreichen des Schocks auf. Das liegt nach

Reames| (1999) vermutlich daran, dass das Weltall durch bereits vergangene CMEs mit
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magnetischen Flaschen in Form von Plasmoiden und zur Sonne verbundenen Magnet-
feldschleifen, gefiillt ist (siehe Kapitel [2.4.2)).

Zum Schluss dieses Abschnitts sei noch erwéhnt, dass zahlreiche andere Prozesse,
wie z.B. Beschleunigung im Rekonnexionsbreich hinter einem CME, ebenso zur Erzeu-
gung von SEPs beitragen, vermutlich aber nicht so effizient, wie die eben vorgestellten

Mechanismen.

Impulsive SEP-Ereignisse

Die Beschleunigungsprozesse von impulsiven Ereignissen sind bei weitem noch nicht
so gut verstanden, wie die, sukzessiver SEPs. Wie bereits zu Anfang dieses Kapitels
erwahnt, miissen diese Prozesse allerdings grundlegend verschieden von Schockbeschleu-
nigung sein. Ein wichtiger Indikator ist hierbei das hohe *He/“He Verhiltnis, was auf
einen effizienten Beschleunigungsmechanismus fiir *He hinweist. Plausibel hierfiir sind
resonante Wechselwirkungen zwischen Ionengyration und Plasmawellen. So wurde zu-
erst von [Fisk| (1978)) vorgeschlagen, dass *He, was nur eine geringfiigig hthere Gyrati-
onsfrequenz als “He und Wasserstoff hat (Ques = 2/3Q, und Ques = 1/2,,), nahezu
démpfungsfrei von elektrostatischen ]oneanyklotronwellerﬂ geheizt werden kann. Die
Ionen im Schweif einer thermischen Verteilung, konnen wiederum durch Fermi-Prozesse
beschleunigt werden (Mobius et al. 1982). Fiir dieses Modell spricht auch der erhéhte
Eisenanteil in impulsiven Ereignissen gegeniiber sukzessiven, da Fe!”™ durch die zweite
Harmonische der elektrostatischen Welle geheizt werden kann. Diese Modell stimmt aller-
dings nicht in allen Vorhersagen iiberein, wie z.B. den ben&tigten hohen 3He/H-Verhlt-
nis und benétigt zudem zwei unabhéngige Mechanismen - Heizung und Beschleunigung
- so dass nicht erklirt werden kann, warum in jedem solaren Flare 3He stark beschleu-
nigt wird. Daher schlug Temerin u. Roth| (1992), sowie Roth u. Temerin (1997) elek-
tromagnetische lonen-Zyklotronwellen (kurz EMIC') als beschleunigende Wellenspezies
vor, die durch Elektronenstrahl-induzierte Wellen, die mit den Ionen wechselwirken, er-
zeugt werden. Deren Frequenz liegt unterhalb der Wasserstoffgyrofrequenz und kann
somit direkt *He beschleunigen. Aufierdem wurden neben den EMIC- Wellen auch deren
nicht-resonante Moden, die Scher-Alfvénwellen (engl. shear mode) als effiziente Teil-
chenbeschleuniger entdeckt. So beschreiben Miller u. Roberts| (1995) den turbulenten

INiederfrequente Plasmawelle, die durch Dichteschwankungen aufgrund von Ionengyration erzeugt
wird und sich nahezu senkrecht zu B ausbreitet. Die Riickstellkraft ist dabei die Lorentzkraft.
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Kaskadierungsprozess von Alfvénwellenﬂ als moglichen Beschleungigungsprozess, da die-
se Wellen durch die Energiekaskade von niedrigen bis zu hohen Frequenzen reichen und
somit von schweren Ionen mit geringen Gyrationsfrequenzen, wie Eisen, bis Ionen wie
Helium und Wasserstoff, in resonante Wechselwirkungen treten kénnen. Dieses Modell
erklart zwar die Elementenhéufigkeit fiir schwere lonen sehr gut und bietet einen direk-
ten Beschleungigungsprozess, kann aber auch nicht die exklusive Verstirkung von 3He
erkldren. Daher ist die Thematik der impulsiven SEP-Ereignisse noch immer im Fokus

aktueller Forschung.

lder im Theorieteil der vorliegenden Arbeit ausgiebig diskutiert wird
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3. Theorie

Die Heliosphére besteht aus geladenen und neutralen Teilchen, die den grundlegenden
Mechanismen der Mechanik und Elektrodynamik folgen. Messungen durch Satellitenex-
perimente zeigen dynamische Magnetfelder, die sich konvektiv ausbreiten. Grofiskalige
elektrische Felder hingegen, konnen nicht gefunden werden. Dies entspricht dem Zustand
eines Plasmas; ein Gas aus neutralen, sowie geladenen Partikeln, das, von auflen betrach-
tet, neutral erscheint und sich kollektiv verhélt. Die sogenannte Quasineutralitdt rithrt
daher, dass negative und positive Ladungstriger sich aufgrund der elektrostatischen

Anziehung so anordnen, dass deren Felder nur innerhalb eines kleinen Bereiches,

EokBT
Ap = 3.1
PV e (3:1)

der Debyelinge, wirken. Damit ein Plasma in diesem Zustand verbleiben kann, miissen

hinreichend viele Teilchen n, zur Reaktion auf Storungen dieser Abschirmung vorhanden
sein. Die Bedingung an den Plasmaparameter

g= <1 (3.2)

1
Ne * %7‘(‘)\%
ist also zwingend fiir ein Plasma. Ist dies gewahrleistet, spricht man auch von einem

idealen Plasma.

Auf der Erde gibt es nur wenige natiirlich vorkommende Plasmen. Die Heliosphére
hingegen bietet durch gute experimentelle Zugénglichkeit, ein ausgezeichnetes Labor.
Dennoch ist es derzeit nicht moglich die Dynamik der Heliosphére auf grofien Skalen
durch Messungen ganzheitlich zu beobachten. Das Mittel der Wahl ist hierfiir die Be-
schreibung durch physikalische Modelle. Diese sind allerdings so komplex, dass eine nu-
merische Behandlung der Problematik von Noten ist. Damit bilden Simulationen einen
wichtigen Grundpfeiler fiir das Verstdndnis unseres Sonnensystems und sogar dariiber

hinaus, in Bereichen, die derzeit fiir Messungen und Experimente nur schwer fassbar
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sind.

Im Rahmen dieser Dissertation wurden eben solche Simulationen durchgefiihrt. Die
notigen Grundlagen zum Verstdndnis der Theorie sollen in den folgenden Abschnitten na-
hegelegt werden. Das verwendete Modell basiert auf einer makroskopischen Beschreibung
eines Plasmas, der sogenannten Magnetohydrodynamik. Diesem Formalismus soll unter
das erste Drittel dieses Kapitels gewidmet werden. Durch Satellitenexperimente, die
in der vorangegangenen Phénomenologie diskutiert wurden, weifl man, dass die Dyna-
mik der Heliosphére duflerst komplex und hochgradig turbulent ist. Diesem Thema soll
sich unter Kapitel [3.2] angenommen werden. Schliellich bildet den Abschluss der Theorie
dieser Arbeit Kapitel [3.3] mit der Behandlung der Systematik des Teilchentransports.
Diese ist notwendig, um die Erbgebnisse der in dieser Arbeit durchgefithrten Testteil-
chensimulationen auszuwerten. Gerade solche Teilchensimulationen, innerhalb turbulen-
ter Plasmen, sind ein ideales Werkzeug, um die Natur der SEP-Ereignisse zu verstehen,
vor allem in Bezug auf die zugrundeliegenden Beschleunigungsmechanismen, die zum

Teil zu enormen Energien fiithren.

Zur Nomenklatur sei an dieser Stelle erwdahnt, dass Geschwindigkeiten, die in der
vorliegenden Arbeit mit u bezeichnet werden, immer die Kollektivgeschwindigkeiten und
somit die Plasmabewegung bezeichnen. Geschwindigkeiten, die hingegen mit v definiert
werden, meinen Einzelteilchen — auch spater im Kapitel des Teilchentransports. Des Wei-

teren wird zum Teil die gingige Abkiirzung 0, fiir partielle Ableitungen (% verwendet.

3.1. Statistische Physik und Magnetohydrodynamik

Die Heliosphére befindet sich, wie bereits nahegelegt, im Zustand eines Plasmas. Prin-
zipiell ldsst sich ein Plasma exakt durch die Wechselwirkungen der Teilchen untereinan-
der beschreiben. Simulationen aller Einzelteilcheninteraktionen im Rahmen der Moleku-
lardynamik lassen sich, aufgrund des extrem hohen Rechenaufwands, allerdings nicht fiir
Mafstébe astronomischer Langenskalen durchfiithren. So ist es notwendig fiir die meisten
Problemstellungen der Astronomie auf idealisierte Modelle zuriickzugreifen. Betrachtet
man beispielsweise nur stofifreie Wechselwirkungen vermittels der Lorentzkraft eréffnet
sich die Moglichkeit der Simulation durch sogenannte Particle in Cell, kurz PiC, - Codes.
Diese Methodik ist zwar relativ exakt um ein solches System zu beschreiben, dennoch

liegt auch hier die Limitation in der bendtigten Rechenleistung, da das PiC-Verfahren
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stark von der Teilchenstatistik abhiangt und folglich statistischem Rauschen unterliegt.
Schon Raumgebiete innerhalb der Gréflenordung der Heliosphére ganzheitlich zu model-
lieren, ist somit auch mit diesem Verfahren nicht moglich. Dieses Problem kann durch
eine makroskopische Beschreibung des Systems umgangen werden. Statt Betrachtung
einzelner Teilchen, geht man zu Ensemblemittelwerten {iber. Im Rahmen der statisti-
schen Physik kann man die Entwicklung solcher makroskopischer Variablen anhand der
Vlasov-Gleichung darstellen. Diese Gleichung ist in der Plasmaphysik von fundamentaler
Bedeutung. Aus ihr ldsst sich die Entwicklung einer Teilchenverteilung im sechsdimensio-
nalen Phasenraum exakt beschreiben. Lésst man die Riickwirkung der Teilchen auf die
Felder des Plasmas mittels der Maxwellgleichungen zu, indem man Dichte und Strom-
dichte durch die Verteilungsfunktion interpretiert, erhdlt man eine &uflerst realistische
Darstellung des Systems. Durch Losung eines Gleichungssystems in sechs Dimensionen,
ist allerdings auch mit dieser Methodik eine Modellierung von Systemen auf astrono-
mischen Léngenskalen derzeit technisch undenkbar. Dennoch bietet dieser statistische
Ansatz eine Alternative. So lédsst sich aus der Vlasov-Gleichung, durch Bildung derer
Momente, ein Multifluidmodell des Plasmas herleiten. Ndhert man dies durch die Be-
schreibung einer einzelnen Fliissigkeit, die das System dominiert, befindet man sich im
Regime der Magnetohydrodynamik. Im Rahmen der MHD lassen sich sehr gut Syste-
me grofler Ausdehnung darstellen. Vor allem die Eigenschaft der Skalenunabhéngigkeit
ist von zentraler Bedeutung. Die magnetohydrodynamische Modellierung ist daher das

Kernstiick der vorliegenden Arbeit.

Es ist wichtig, die Giiltigkeit der MHD-Beschreibung zu definieren. So ist die Grenze
zu einer kinetischen Plasmabeschreibung zum einen durch die externen Liangenskalen und
Zeiten festgelegt; interessiert man sich fiir Gebiete, die deutlich grofler als die mittlere
freie Weglidnge der Teilchen des Plasmas sind, kann eine makroskopische Darstellung
gewdhlt werden. Zum anderen ist es notig, sich auf Zeitskalen unterhalb der Ionen-
Zyklotronfrequenz zu beschrianken, d.h. nur niederfrequente Ereignisse < (); kénnen
durch MHD beschrieben werden. Aulerdem beschréankt sich der Giiltigkeitsbereich der
Magnetohydrodynamik streng genommen auf kollisionsdominierte Plasmen. Es zeigt sich
jedoch, dass man unter Umstédnden auch fiir stoffreie Fluide den Formalismus der MHD

niherungsweise anwenden kann, wie z.B. bei Alfvénwellen-dominierter Plasmaturbulenz
(Schekochihin et al.| (2007)).

Im folgenden Kapitel sollen sukzessive die oben genannten Schritte, die zu dem Satz
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der in dieser Arbeit verwendeten MHD-Gleichungen fiihren, gezeigt werden. Besonderes
Augenmerk soll auf der statistischen Beschreibung und Entwicklung des Systems lie-
gen. Wie bereits erwihnt ist die Vlasov-Gleichung in diesem Zusammenhang von grofler
Wichtigkeit. Da diese Gleichung auch in Kapitel von Bedeutung ist, soll zunéchst

deren Grundidee dem Leser nahegebracht werden.

3.1.1. Grundlagen der Statistik eines Plasmas

Im Rahmen der statistischen Beschreibung eines Plasmas betrachtet man zunéchst die
Wahrscheinlichkeit py(x, v,t) ein Teilchen T, am Ort & und mit Geschwindigkeit v, zur
Zeit t anzutreffen. Folglich wird ein Phasenraum mit sechs Dimensionen aufgespannt,
der die Dichte

Ppr(z,v,t)

fr(@,v,t) = v, 0v, 0v,,

(3.3)

besitzt. Der Satz von Liouville beschreibt die zeitliche Erhaltung der Phasenraumdichte

dfr  Ofr . Ofr Ofr
%~ o +azam —|—'v(% =0, (3.4)

was wiederum zur kollisionsfreien Boltzmanngleichung fiithrt. Das Plasma wird durch die

Lorentzkraft dominiert, somit lasst sich der Kraftterm in obiger Gleichung durch

d me . d’UT _ qr
mr 4 (F) =mr-gm = [cE(xy,t) + vr X B(xr,1)] (3.5)

ersetzen. Dadurch erhélt man schliellich die nicht-relativistische Vlasov-Gleichung:
dfr _ 0fr

qr Ofr
@~ o U Vit g leBlen ) durx Bler b - 5

= Sr(x,v,t), (3.6)

wobei der Term auf der rechten Seite der Gleichung ein beliebiger Quellterm ist. In die-
sem Zusammenhang werden durch St Ionisations- und Rekombinationsprozesse beriick-
sichtigt, also Stofle zwischen den Teilchen des Plasmas. Da historisch Vlasov die kolli-
sionsfreie Boltzmanngleichung verwendete, sind diese streng genommen an dieser Stelle
schon zu vernachléssigen. Der Vollstandigkeit halber sollen die Quellterme jedoch bis
zur MHD-Néaherung mit angegeben werden. An dieser Stelle sei noch erwihnt, dass die

Boltzmanngleichung im Regime der Coulomb Wechselwirkung bei Paar-Kollisionen zu

38



divergenten kinetischen Termen fiihrt, was Vlasov zu dem kollisionsfreien Ansatz fiihrte.

Da einzelne Teilchen nicht mehr zu unterscheiden sind, sondern nur Ensembles von
Teilchen, wird im Folgenden die Entwicklung einer gesamten Teilchenspezies betrachtet.

Anhand dieser Betrachtung lassen sich die makroskopischen Variablen

ng(x,t) :na/ d*v f,(x,v,1) Anzahldichte (3.7)
o(x,t) = Znaqa/ d*v f(x,v,1) Ladungsdichte (3.8)
uq(x,t) = ng(x, t)_l/ d*v vf,(z,v,1) Kollektivgeschwindigkeit (3.9)
J(x,t) = Z NaQaWa (X, 1) Stromdichte
(3.10)
Oy (x, t) = ma/ v fo(z,v,t)(v; — w;)(ve — ug) Drucktensor
(3.11)

fiir eine Spezies a einfithren. Entsprechend ist n, die Gesamtanzahl der Ensembles,
¢, deren Ladung, sowie m, deren Masse. Gleichung bezeichnet man auch als null-
tes Moment, die Kollektivgeschwindigkeit als erstes Geschwindigkeitsmoment, sowie den
Drucktensor als zweites Moment der Verteilungsfunktion. Durch Bildung eben dieser
Momente mit der Vlasov-Gleichung kann man zu einer hydrodynamischen Beschrei-

bung des Systems iibergehen, was im néchsten Unterkapitel gezeigt werden soll.

3.1.2. Momentenbildung der Vlasov-Gleichung

Die grundlegende Idee der Momentenbildung ist die Beschreibung von Erhaltungsgrofien
eines Ensembles und deren Gleichungen. So sind die Momente der im vorangegange-
nen Kapitel beschriebenen makroskopischen Variablen Erhaltungsgleichungen fiir Masse
(nulltes Moment von[3.7), Impuls (erstes Moment der Kollektivgeschwindigkeit und
Energie (zweites Moment des Drucktensors [3.11)). Eine ausfiihrliche Herleitung wird in
Canuto| (1988)) durchgefiihrt. Hier sollen nur die wichtigsten Ergebnisse gezeigt werden.
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Man bildet das Moment einer Variable X mit einer Verteilungsfunktion fx(x)

M, — /OO 2 fy(@)d (3.12)

wobei n die Ordnung des Moments darstellt. Wendet man dies fiir das nullte Moment

der makroskopischen Variable |3.7] mit der Vlasov-Gleichung [3.6[ an erh&lt man

i + V- (ngu,) + fo / d*v (cE +u x B)- Ofa _ / d*v S,(x,v,t).  (3.13)

ot M€ J_ o ov oo

Da die Phasenraumdichte gegen Null gehen muss, falls die Komponenten von v gegen
400 gehen, muss auch der dritte Term der linken Seite Null sein. Man erhélt schliefllich

die Erhaltungsgleichung der Masse, die Kontinuitétsgleichung

ony
ot

+ V- (nguy) = Qu, (3.14)

wobei @), = ffooo d3v S, ist. Man erkennt, dass die Kontinuitétsgleichung wiederum mit

dem néchst hoheren Moment durch die Kollektivgeschwindigkeit w, verkniipft ist. Dies
ergibt sich analog zu [3.9) mit [3.6}

Gnaua+/ d*v vv -V, + Qa/ d3vv(cE—|—u><B)-(Zfa:

ot e MaC J_ oo v

:/ d*v vS,(x,v,1). (3.15)

o0

Auch in diesem Moment befindet sich die Verkniipfung zum néchst hheren. Verwendet
man die Gleichungen [3.9] sowie lasst sich der zweite Term auf der linken Seite durch
den Drucktensor ausdriicken. Aulerdem kann das Integral iiber die Lorentzkraft mittels

partieller Integration ausgefiihrt werden, so dass sich

a a'a
mana(a +uy - V)u, + VIl — Tt (E+wu, x B) =
= ma/ d®v (v — u,)S,(x, v, 1) (3.16)

ergibt. Dies ist die Multifluid - Impulsgleichung, aus der man die Impulserhaltungsglei-
chung ableiten kann. An dieser Stelle wére es nun erforderlich das dritte Moment zu

bilden, was zur Energieerhaltungsgleichung fithrt. Um ein System exakt auf diese Art zu
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modellieren wire es folglich nétig unendlich viele Momente zu bilden, da jedes Moment
wiederum von dem der hoheren Ordnung n abhéngt. In der Praxis ist das versténdlicher-
weise nicht moglich. Daher sucht man sich eine geeignete Abschlufibedingung die eine
sinnvolle Néherung bietet. Ublicherweise bricht man bei der dritten Ordnung, der Ener-
gieerhaltung, ab indem man eine physikalisch motivierte Bedingung an den Drucktensor
stellt.

3.1.3. Ideale Magnetohydrodynamik

Zunéchst fehlt nun fiir die vollstédndige Beschreibung des Plasmas noch der zu den ma-

kroskopischen Variablen gehorige Satz der Maxwellgleichungen:

V-E = —4no(x,t) + 4T 0cst GauBsches Gesetz (3.17)
V-B=0 Quellenfreiheit v. B (3.18)
10B
VxE= __88_75 Faradaysches Gesetz (3.19)
c
10E 4
V x B = _88_75 + —W(J + Jext) Amperesches Gesetz (3.20)
c c

Die verwendeten Variablen entsprechen hierbei den Definitionen 3. 11}

Nimmt man nun an, dass sich ein Plasma aus den Teilchenspezies der Elektronen
mit dem Index a = e, sowie der Ionen mit a = i zusammensetzt, erhdlt man mit den
im vorangegangenen Kapitel beschriebenen Momenten eine Zwei-Fluid Darstellung des
Systems. Im Rahmen der Magnetohydrodynamik soll nun eine Beschreibung des Plasmas
durch eine einzelne magnetisierte Fliissigkeit gefunden werden. Dazu ist zunéchst die
bereits vorgestellte Annahme der Quasineutralitat wichtig, da in einem Plasma gelten

muss, dass die Anzahldichten der Ladungstriager gleich sind, also n, = n; = n. Daraus
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definieren sich analog zu den makroskopischen Variablen:

o=en;—en, =0 Ladungsdichte (3.21)
P = pe+ pi = Mene + min; = n(me +my;) Massendichte (3.22)
o PelUe + pilk;
i
= U — &(Ui —U) = U, + &(ui — u,) Fluidgeschwindigkeit (3.23)
p p

J = enju; — enu, = en(u; — ue) Stromdichte (3.24)

Dabei errechnen sich aus GI. mit Gl die Geschwindigkeiten der Teilchenspezies:

u; =u+ %J Ionenkollektivgeschwindigkeit
ep

U =U — Mi Elektronenkollektivgeschwindigkeit (3.25)
ep

Setzt man die oben stehenden Definitionen nun in die Momente der Vlasov-Gleichung
ein und summiert iiber die einzelnen Teilchenspezies a, reduziert man das Plasma auf

eine Ein-Fluidbeschreibung. Beginnend mit dem ersten Moment

W + v(peue + quz) = Se + Sz
dp
i = 2
o+ Vi(pu) =0, (3.26)

erhdlt man die Kontinuitiatsgleichung der Magnetohydrodynamik. Dabei wurden, wie
schon in Kapitel vorausgegriffen, Rekombinations- und Ionisationsprozesse ver-
nachléssigt oder als im Gleichgewicht befindlich angenommen. Folglich ergeben sich die

Quellterme der Elektronen und Ionen zu Null.

Das zweite Moment wird analog behandelt, so dass man

ou
P (E + U-V’u) = [2@: NaQu
~_——

=0 =p

+I X B=V- ) T (3.27)

erhélt. Dabei wird p fiir die Summe iiber GI. als kinetischer Gesamtdruck eingefiihrt.
Die Summe iiber die elektrischen Felder wird Null gesetzt, da auch hier wieder Quasi-

neutralitit gelten muss und somit keine E-Felder iiber makroskopische Skalen existieren.
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Schliefllich 14sst sich noch der J x B Term mittels des Ampereschen Gesetzes (Gl. [3.20))
umschreiben:

p(%—?Jru-Vu) =—-B x (V xB)—Vp. (3.28)

Diese Gleichung wird als Impulsgleichung der idealen MHD bezeichnet. Die in dieser
Arbeit betrachteten Plasmen besitzen eine hinreichend grofie Leitfahigkeit, so dass im
nichtrelativistischen Fall (Ju| < ¢) der Maxwellsche Verschiebungsstrom zu vernachléssi-
gen ist. AuBerdem werden keine externen Strome beriicksichtigt. Gl. wird im fol-
genden Kapitel noch weiter angepasst, aber zundchst muss noch der Zusammenhang mit

den Magnetfeldern geklart werden. Dazu wird die Elektronen-Fluidgleichung untersucht:

du, 1
med—rlf5 = —E(CE +u. X B) — —V(nekpTe) — vieme(u, — u;), (3.29)
C Ne

wobei v;em.(u. — u;) der Elektronen-lonen Stofiterm ist. Es sollen nur niederfrequente
Wellen betrachtet werden, also werden Moden im Bereich der Elektronenzyklotronen-
frequenz €2, nicht mehr aufgeltst. Fiir durch Elektronen erzeugte Wellen betrifft dies im
Wesentlichen die R—Moden und bei ~ ./2 die Whistler-Moden. Daher wird die zeit-
liche Anderung der Elektronenkollektivgeschwindigkeit gegen Null gehen. Ersetzt man
die Geschwindigkeiten durch die in GI. definierte Stromdichte ergibt sich das gene-

ralisierte Ohm’sche Gesetz

1
J. x B— —V(n.kpT,) = nJ. (3.30)

1
EF+-u,xB-—
c ceNn, ENe

Auch hier muss man wieder beriicksichtigen, dass hochfrequente Moden bereits im voran-
gegangenen Schritt ausgeschlossen wurden. Gleiches gilt nun auch fiir Wellen, die durch
[onenbewegung erzeugt werden. Sofern die Stofiraten zwischen Ionen und Elektronen
grofl werden und folglich auch die Resistivitit nJ mit n = =<, wird die Erzeugung von
L-Moden unterdriickt. Diese werden im Rahmen der Hall-MHD[Y durch den Hallterm

J. X B beschrieben, der im Folgenden vernachlissigt werden soll.

Durch bilden der Rotation von GI. wird mittels des Faradayschen Gesetzes ( Gl.
3.19) der Zusammenhang zur zeitlichen Entwicklung der B-Felder erzeugt:
0B 1
= _ B) —
5 V X (u x B) p—

IDie Hall-MHD ist die nichst mogliche Erweiterung der idealen MHD, wodurch im Wesentlichen der
Einfluss der Elektronentrégheit beriicksichtigt wird.

Vne x VkgT, —nV x (V x B) (3.31)
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Dies ist die generelle Form der Induktionsgleichung der Magnetohydrodynamik fiir nie-
derfrequente Bereiche. Im Bild der idealen MHD liegt keine Resistivitdt vor, also ist
n = 0. AuBerdem verlduft der Temperaturgradient in der Regel parallel zum Dichtegra-
dient, womit das Kreuzprodukt der Gradienten Null wird. Die Induktionsgleichung der
idealen MHD ist folglich

%—? =V x (u x B). (3.32)

Im Rahmen der idealen MHD verschwinden demnach die Korrekturterme und die Strom-
dichte in Gl. und man erhilt das vereinfachte Ohm’sche Gesetz

1
E+ -u.,xB=nJ
C
1 -
E+ -u,x B=0.
C

1
= -E=-u.xB (3.33)
C

3.1.4. Resistivitaten und Inkompressibilitat

Die ideale MHD vernachléssigt die makroskopischen Effekte die durch Teilchenkollisionen
entstehen, so hat man beispielsweise die magnetische Resistivitdt im vorangegangenen
Kapitel ausgelassen. Finden hingegen Stofle zwischen Elektronen und Ionen statt, so
verbleibt der Term nV x (V x B) in GI. Da das Magnetfeld quellenfrei sein muss,
reduziert sich das doppelte Kreuzprodukt und man erhélt die Induktionsgleichung fiir

eine magnetische Resistivitit vp

B
aa—t =V x (u x B) +vgV’B. (3.34)

An dieser Stelle soll kurz auf die Idee der Stofifreiheit eingegangen werden. Prinzipiell
ist die Magnetohydrodynamik nicht stof$frei, da innerhalb der Herleitung ein Druckten-
sor verwendet wird. Dieser kann nur ungleich Null sein, sofern man kinetische, also in
der klassischen Definition, thermische Stofle annimmt. So muss ,,Stolfreiheit® auf zwei
Arten verstanden werden - einmal die mikroskopischen Prozesse die implizit im Rahmen
der MHD angenommen werden und einmal die Wirkung der MHD-Gleichungen auf be-

stimmte Wellen im beschriebenen Fluid. Beispielsweise wére ein kollisionsfreies System

—1
mfp

fiir Wellen giiltig, welche die Bedingung k < A_; erfiillen, wobei Ay, die mittlere freie

Weglénge ist.
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Kollisionen zwischen Plasmateilchen der gleichen Spezies erzeugen wiederum einen
anderen Effekt. Gemé&f der Newtonschen Reibung zwischen Fluidschichten mit unter-
schiedlichen Geschwindigkeiten, unterscheidet man diese Resistivitdt von der im ma-
gnetischen Fall. Dieser Mechanismus wird durch eine Analyse des Spannungstensors fiir
Fluide klar, soll hier aber nicht im Detail gezeigt werden. Da der Effekt jedoch formal
dghnlich zu dem in der Induktionsgleichung ist, muss auch die Impulsgleichung durch eine

Resistivitat modifiziert werden:

p(%—? +u-Vu)=—-B x (V x B) — Vp+ pv, V?u. (3.35)

Dabei spricht man aufgrund der Analogie zum hydrodynamischen Fall, der auch durch
die Navier-Stokes Gleichung beschrieben wird, von der Viskositét v. In der Tat entspricht
die Impulsgleichung der MHD sogar derer der Navier-Stokes Gleichungen, sofern man
die Magnetfelder gleich Null setzt.

GL und GIL. enthalten nun einen Dissipationsterm dhnlicher Groflenordung
und Auswirkung. Daher ist es iiblich bei MHD-Simulationen eine allgemeine Resistivitét

einzufiihren, die durch
Vg =Uy = Uy (3.36)

gegeben ist. In diesem Fall beschrinkt man sich auf Plasmen mit magnetischer Prandt-
lzahl

Pp=—=1, (3.37)

was in verschiedenen Bereichen der Heliosphére der Fall ist. Da derzeit nicht viele Mes-
sung dieser Grofle vorliegen, wird diese Annahme dennoch kontrovers diskutiert (Mont-
gomery| 1992). Es finden sich allerdings Belege, dass fiir Alfvénwellen dominierte Tur-
bulenz dieser Parameter nicht von entscheidender Bedeutung ist (Bershadskii| 2002}
Bigot et al.| |2008). Zudem wird im Rahmen der in dieser Arbeit verwendeten spektralen

Losungsmethodik, die Diffusivitdt kiinstlich durch eine Potenz h verstarkt, so dass gilt
V% = 1, V2 (3.38)

Man spricht hierbei auch von Hyperdiffusivitit. Es wird spéter, im Kapitel der Methodik,
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noch einmal auf diese Gréfle und deren Hintergrund eingegangen.

Da im Rahmen dieser Arbeit nur inkompressible Plasmen behandelt werden, soll an
dieser Stelle noch die Idee der Kompressionsfreiheit gegeben werden. Anschlieend wird

der Satz der simulierten MHD-Gleichungen hervorgehoben.

Nach der Kontinuitdtsgleichung (Gl. [3.26) ist Inkompressibilitdt mit der Quellenfrei-
heit von u gleich zu setzen. So ist zum einen die zeitliche Anderung einer konstanten
Dichte Null, zum anderen ist sie Ortsunabhéngig und kann somit vor den Nabla-Operator

gezogen werden. Folglich lasst sich Inkompressibiltat durch V -u = 0 ausdriicken.

Des Weiteren miissen die Magnetfelder im verwendeten cgs-Einheitensystem in den
MHD-Gleichungen mit dem Faktor 47 angepasst werden, am Beispiel der Impulsglei-
chung ergibt sich

) 1 1
W L (Vu)) = ——VB*+ —B-VB — Vp+ pu,Vu. (3.39)
ot s 47

Auflerdem wurde das doppelte Kreuzprodukt unter Beachtung der nicht-Kommutativitét
des Nabla-Operators und der Quellenfreiheit von B ausmultipliziert. Fiihrt man nun
noch den Gesamtdruck ein, als Summe des thermischen und des magnetischen Drucks
P = p+ B?/(87) und normiert die Magnetfelder so, dass b = B/+/4mp gilt erhélt man

den Satz der inkompressiblen MHD-Gleichungen in der hier verwendeten Form:

ou

i b-Vb—u-Vu—VP+1,V"u Impulsgleichung (3.40)

0b

5 = b-Vu—u-Vb+1,V"b Induktionsgleichung (3.41)
V-u=0 Inkompressibilitét (3.42)
V:-b=0 Quellenfreiheit v. B (3.43)

wobei die Inkompressibilitdt zur Freiheit der Wahl der Dichte p = 1 genutzt wurde. Die
Normierung der Magnetfelder hat zur Folge, dass b die gleiche Dimension wie v trégt,
was im néchsten Teilkapitel im Zusammenhang mit einem Hintergrundmagnetfeld zu
einer speziellen Wellenbeschreibung fithrt. Die gewéahlte Darstellung der inkompressiblen
MHD-Gleichungen ist iiblich und wurde in dieser Form auch von Maron u. Goldreich
(2001) verwendet.

Wie bereits diskutiert, muss das System der Gleichungen noch geschlossen werden, da

sonst weitere hohere Momente der Vlasov-Gleichung beriicksichtigt werden miissen um
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den Drucktensor zu definieren. Das oben stehende Gleichungssystem wird implizit durch
die Annahme der Inkompressibilitéit geschlossen. Durch bilden der Divergenz der Gl.
und ansetzen der Quellenfreiheit von u findet man eine Bedingung die den Druck mit
den Magnet- und Geschwindigkeitsfeldern verkniipft und somit die MHD-Gleichungen
abschlief3t:

V?P =Vb® Vb— Vu® Vu. (3.44)

Die zweifache rdumliche Integration liefert schlieSlich unter Verwendung der Green-

schen—Funktion die unmittelbare Bedingung fiir den Druck

d*z. (3.45)

P_/Vu@Vu—Vb@Vb
B Am|& — x|

3.1.5. Physikalisches Regime der inkompressiblen MHD

Es soll nun der physikalische Bereich der soeben vorgestellten Gleichungen diskutiert
werden. Dabei beschrinken wir uns auf inkompressible magnetisierte Plasmen, da nur

solche im Fokus dieser Arbeit stehen.

Zunichst einmal soll die physikalische Entsprechung der Terme der verwendeten
MHD-Gleichungen gekliirt werden. So entsprechen die V2-Terme in den Gl.en und
dem Prozel der Diffusion im Realraum, was in der Fourierdarstellung der Dissi-
pation entspricht. Im Zusammenhang mit der Energiedissipationsgleichung verursacht
die Viskositét schlieBlich die Dissipation von Energie auf kleinen Langenskalen. Samtli-
che Terme die nichtlineare Wechselwirkungen beschreiben, transportieren die Feldgrofien
durch Advektion und durch Fourierraum-Diffusion]| Beide Prozesse anhand dieser Ter-
me zu unterscheiden ist allerdings nicht moglich. Im Folgenden wird der nichtlineare
Term, wie in entsprechender Fachliteratur iiblich, dennoch als Konvektionsterm bezeich-
net. Wie bereits erwéihnt entspricht die Quellenfreiheit der Felder der Inkompressibilitét

oder respektive dem Verbot magnetischer Monopole gemafl den Maxwellgleichungen.

Die inkompressiblen Gleichungen der Magnetohydrodynamik besitzen zwei wichtige

'Es ist wichtig beide Terminologien zu unterscheiden, so wird weiterhin explizit zwischen Diffusi-
on (sprich den Realraumeffekt, der im k-Raum Dissipation bedeutet) und Fourier- bzw. k-Raum-
Diffusion unterschieden
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Erhaltungsgréfien. Zum einen die Energieerhaltung

o % / & (0 + b?) (3.46)

und zum anderen die Erhaltung der Kreuzhelizitét

H = %/d% u-b. (3.47)

Da die in dieser Arbeit beschriebenen Plasmen ideal leitfihig sind, wie es z.B. der
Fall fiir die Heliosphére oder das interstellare Medium ist, konnen sich keine grofiskaligen
elektrischen Felder ausbilden. Dies ist eine direkte Konsequenz der idealen MHD und
Gl. B.33] Durch die Kopplung von Magnetfeldern B und Plasmabewegungen u durch
die MHD kann man zeigen, dass die ideale Leitfahigkeit zum sogenannten frozen-in-fluz
fithrt. Betrachtet die Anderung des magnetischen Flusses durch ein beliebiges Volumen

des Plasmas mit der Grenzflache S,

ddy d
—M_° (48 B 3.48
et dt Js (3.48)

erhélt man unter Anwendung des Gaufischen Integralsatzes

/dvv-A:j{dSA (3.49)
14 S

und der Quellenfreiheit des Magnetfeldes, die Entwicklungsgleichung

0B 1
- g l--Bxu. .
/st 5 + Sd ~Bxu (3.50)

d®y,
dt

Diese Gleichung lésst sich durch das Faradaysche Gesetz und den Stokeschen Integralsatz

fdl.A:/dSVxA (3.51)
S

in die Form

d®y,

1
R — . E + - B .02
- /SdS Vx (E+ uxB) (3.52)

bringen, die aufgrund Gl. gleich Null ist. Somit ist der magnetische Fluss erhalten.
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Das bedeutet, dass die Magnetfeldlinien im Plasma ,eingefroren® sind und dessen
Bewegungen folgen, woher sich auch der Begrift line tying erkléirtﬂ. Diese Tatsache er-
kannte schon Hannes Alfvén und brachte dies mit der Konvektion in Zusammenhang.
So erkennt man leicht an der Induktionsgleichung (GI. , wenn der Dissipations-
term vernachléssigbar ist, dass der Konvektions-Term einzig die Magnetfeldevolution
beschreibt, die somit von der Bewegung der Fluidelemente bestimmt wird. Liegt im
Rahmen der resistiven MHD ein 1 # 0 vor, wird die Flusserhaltung in Gl. durch

Diffusion modifiziert

do

®u —/dS- 1v2B, (3.53)
dt S 47

wobei die Magnetfelder weiterhin im Plamsa eingefroren sind, solange die Diffusions-

zeitskala hinreichend grof§ ist. Im Fall astronomischer Plasmen ist dies in der Regel

gewahrleistet.

Im Gegensatz zu den elektrischen Feldern bilden sich durch den frozen-in-fluz grof3-
skalige Hintergrundmagnetfelder, entweder durch die grofiskalige Plasmadynamik ansich

oder durch externe Quellen, wie im Falle der Heliosphéire das Magnetfeld der Sonne.
Somit werden die Felder der Gl.en B.40H3.43] durch

b=40b+ Be,
u = du (3.54)

definiert, also durch einen fluktuierenden Anteil und im Falle von b durch das zusétzliche
Hintergrundfeld. Letzteres wird in vorliegender Arbeit in z-Richtung definiert und soll im
Folgenden auch als B, oder By notiert werden. Als kurze Anmerkung zu dieser Notation
sei erwdhnt, dass die Richtung entlang dieses globalen Feldes als parallel, folglich eine
Variable X mit dem Index X=X, bezeichnet werden. Entsprechend stehen die anderen

Dimensionen senkrecht zu By und werden mit dem Index X =X, bzw. X, benannt.

Eine Konsequenz der Existenz eines globalen Magnetfeldes in einem inkompressi-
blen Plasma ist das Entstehen von Alfvénwellen. Durch das ,,Mitziehen* der Feldlinien

durch die Ionenbewegung kommt es zu einer Stérung im Plasma, die zu einer Riick-

!Streng genommen sind Magnetfeldlinien nur ein mathematisches Hilfsbild und somit ist eigentlich die
direkte Magnetfeld-Entwicklung zu betrachten. Im Rahmen der idealen MHD kann man jedoch auf
die Feldlinienbewegung zuriickgreifen.
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stellkraft fithrt und somit Plasmawellen generiert. Im Fall der Alfvénwellen breiten sich
diese Storungen entlang der Vorzugsrichtung, festgelegt durch das Magnetfeld, aus. In
der Literatur wird diese Spezies auch als Scher—Alfvénwellen bezeichnet. Ein weiterer
Wellentypus sind die sogenannten Pseudo—Alfvénwellen. Diese sind die inkompressible
Grenze der langsamen magnetosonischen Mode. Magnetosonische Wellen sind hierbei
das Plasma-Pendant gewohnlicher Schallwellen, die neben Dichteschwankungen zusétz-
lich durch den magnetischen Druck beeinflufit werden. Da diese Wellen auf Kompressi-
bilitdt angewiesen sind, konnen sie nicht in inkompressiblen Plasmen angeregt werden,
da sie sonst unendlich hohe Phasengeschwindigkeiten hétten. Durch diesen Zusammen-
hang werden Pseudo—Alfvénwellen auch héufig als slow-modes bezeichnet, was allerdings
- streng genommen - nicht korrekt ist. Weitere Moden kénnen nicht modelliert werden,
da man im Rahmen der MHD auf den niederfrequenten Bereich unterhalb der Ionen-
Zyklotronfrequenz beschrankt ist. Fiir hochfrequente Wellen, wie O- und X-Moden sind

kinetische Beschreibungen der Einzelteilchen erforderlich.

Die ideale, inkompressible MHD beherbergt somit lediglich zwei Wellenarten; Scher—
und Pseudo-Alfvénwellen. Beide Moden breiten sich mit der Gruppengeschwindigkeit

B,
v = : (3.55)
4m

E

auch als Alfvéngeschwindigkeit bezeichnet, aus und folgen der Dispersionsrelation
w? = Uikﬁ. (3.56)

Der Unterschied der beiden Spezies liegt in deren Polarisation. So besitzen die Scher—

Wellen die Eigenvektoren

’a,s(k?, t) _ Asei(km:twt)
bs(k,t) = £ Ageikztet), (3.57)

mit dem Polarisationseinheitsvektor

~ e X e,
Aq = ) 3.58
> 1—(er-e.)? ( )
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Die Pseudo—Alfvénwellen hingegen:

~

ﬂp(k), t) _ APei(kwiwt)
bp(k,t) = £Apeikatwt) (3.59)

mit Polarisation

Ap= & (eneen (3.60)
1—(ex-e,)?

Da das System aus diesen beiden Wellenarten besteht, bietet sich eine alternative Dar-
stellung der MHD-Gleichungen an. Die FElsdsser-Notation beschreibt die MHD-Gleichungen
direkt im Wellenbild. Dazu werden folgende Felder definiert

w =u+b-—uv,e

T=—u—-0» + vae€|. (361)

w
Diese sogenannten Elsésservariablen sind direkte Darstellungen von Wellenpaketen, die

sich mit Alfvéngeschwindigkeit entweder parallel oder antiparallel zum Hintergrundma-
gnetfeld ausbreiten. Wendet man nun Gl. auf die Gl.en an ergibt sich

o _ L _ 0 _
O 4 _ o + 0 o+
W =W -Vw +VP+UAaZw (3.63)

mit der Bedingung der Quellenfreiheit, welche im Elsésserbild gleichermaflen v und b
betrifft,

V-wF =0 (3.64)
und analog der Schliefungsbedingung an den Drucktensor

+ —
P = / Vw? @ VW™ s (3.65)

Am|& — x|

Eine ausfiihrliche Herleitung der oben stehenden Gleichungen findet sich im Anhang[A]

Es wurde hierbei, aus Griinden der Ubersicht, zunéchst Viskositétsfreiheit angenommen.

o1



Die Dissipationsterme D+ sollen dennoch der Vollstandigkeit halber hier erwédhnt wer-
den. So ergeben sich durch die Definitionen der allgemeinen Diffusivitét (Gl. [3.36]) und
Hyperdiffusivitat (Gl. [3.38) analog fiir die Elsésservariablen

D+ = v, V*wT. (3.66)

Dieser Term soll im Methodikteil in der Gesamtbeschreibung des Gleichungssystems

verwendet werden.

Ein deutlicher Vorteil der Elsésser-Darstellung liegt darin, dass man direkt aus den
Elsésser-Gleichungen das Verhalten der Wellen ablesen kann. So erkennt man beispiels-
weise, dass ein beliebiges Wellenpaket, welches sich entlang des Hintergrundfeldes aus-
breitet (wT # 0, w™ = 0), ungestort in seiner Bewegung bleibt. Gleiches gilt natiirlich
auch fiir Wellenpakte, die entgegen By laufen, also wt = 0, w™ # 0. Zum einen liegt
das am Verschwinden der nichtlinearen Wechselwirkungen in den Gl.en [3.62] oder [3.63]

Zum anderen konnte der Drucktensor die Bewegung eines Wellenpakets beeinflussen.

Dieser ergibt sich fiir die jeweiligen Félle zu Null, was man durch bilden der Divergenz
der Elsiisser-MHD Gleichungen sieht, da V2P = 0.

Die Eigenschaft der ungestorten Bewegung von Wellen gleicher Ausbreitungsrichtung,
fithrt somit unmittelbar zu der Konsequenz, dass nur Wellenpakete, die sich gegenlaufig
ausbreiten, miteinander mittels Kollisionen wechselwirken. Da solche Zusammenstofie
der Energie- und Kreuzhelizitdtserhaltung (Gl.en und entsprechen miissen,
folgt

d
v Pz |wt? =0, (3.67)

wenn man Gl mit w~ Skalar-multipliziert bzw. Gl. mit w™t. Der Druckterm

und die Nichtlinearitidten divergieren und verschwinden folglich fiir den Fall, dass

lim w® = 0. (3.68)

z—0

Da geméfl der Definition der Elsédsservariablen in Gl. das Quadrat der Absolutbe-

trige den Energien

+2
Ey = / &z % (3.69)
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entspricht, kann man die oben stehende Gleichung als Energieinderung der jeweiligen
Wellenpakte auffassen. Da diese Null ist, muss eine Kollision zwischen den Wellenpake-
ten elastisch sein. Es wird also keine Energie wéhrend des Stofivorgangs zwischen den
Paketen dissipiert. Dies gilt natiirlich nur sofern die Gleichungen viskositétsfrei sind.
Fiir weitere Details soll hier der Kiirze wegen auf Maron u. Goldreich| (2001) verwiesen

werden.

Die eben beschriebenen Kollisionen werden also durch die nichtlinearen Terme der
MHD-Gleichungen beschrieben. Diese nichtlinearen Wechselwirkungen erzeugen wie-
derum Storungen im Plasma. Solche Storungen fithren zu einer turbulenten Energie-
Kaskadierung im System. Die Entwicklung der Turbulenz in magnetisierten Plasmen
ist ein wichtiger Prozel und bis heute noch Teil der aktiven Forschung. Daher soll das

néchste Kapitel diesem Thema gewidmet werden.

3.2. Turbulenz

SKonnte ich Gott etwas fragen, dann;
Warum Relativitdt? Warum Turbulenz?

Ich glaube auf das Erste wiirde ich eine Antwort erhalten...“

- HEISENBERG -

Turbulenz ist dahingehend ein interessantes Phdnomen, da es der letzte Zweig der
klassischen Physik ist, der immer noch nicht verstanden worden ist. Auch heute noch
zéhlt Turbulenz zur aktiven Forschung und wird weiterhin kontrovers diskutiert. Da-
bei bestimmt dieses Phdnomen - vor allem im Rahmen der Hydrodynamik - unseren
Alltag. Aufgrund hoher kinetischer Reynoldszahlen (=~ 10*) entsteht Turbulenz schon
bei normalen Bewegungen durch die Luft oder durch Wasser und erst recht bei hohen
Geschwindigkeit, wie beispielsweise in der Aviatik. Da die meisten Substanzen jedoch
entweder nicht als Plasma vorliegen oder keine ideale Leitfdhigkeit und folglich hohe ma-
gnetische Reynoldszahlen aufweisen, ist Turbulenz in magnetisierten Plasmen hingegen

auf der Erde nur schwer beobachtbar. Der baryonische Anteil des Universums besteht
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jedoch weitesgehend aus turbulenten Plasmen, die zum groflen Teil auch im Rahmen der

Magnetohydrodynamik beschrieben werden kénnen.

Abbildung 3.1.: Fine Satellitenaufnahme idiber den Juan-Ferndndez-Inseln. Die
Stromung der Wolkendecke um die Inselformation erzeugt eine Kdarmdnsche Wirbel-
straffe. Man kann daran sehr gut das Skalenverhalten von Turbulenz beobachten. So ist
die Stromung direkt am Hindernis zundchst laminar und wird mit zunehmenden Abstand
turbulent wobei die Wirbel durch Dissipation zerfallen. Quelle: NASA Earth-observatory

Turbulenz kann man im Wesentlichen in zwei Grundmechanismen gliedern. Zum einen
ldsst sich Turbulenz durch Verwirbelungen des Mediums erzeugen, sogenannte Fddies
(= engl. Wirbel) oder Vortizes. Zum anderen konnen auch Uberlagerungen von Wellen

zu turbulentem Verhalten fiithren.

Vortexturbulenz ist ein dominanter Prozef in hydrodynamischen Systemen. So nimmt
man im Alltag oft Wirbelbildung in Fliissigkeiten war, z.B. beim Schwimmen oder bei
Bewegungen von Schiffen durch Wasser. Eine wichtige Eigenschaft ist hierbei die Kas-
kadierung zu kleineren Léngenskalen. Man beobachtet wie grofle Wirbel zerfallen und
dabei, unter Erhaltung des Drehimpuls, kleinere bilden. Das geschieht sukzessive bis
schlielich die Stromung wieder in den nicht turbulenten Fall, das laminare Regime,
iibergeht. Dies kommt daher, dass die, fiir die Turbulenz entscheidende, Reynoldszahl
mit

Re = uolo (3.70)

1%

54


http://earthobservatory.nasa.gov/IOTD/view.php?id=625

(up Wirbelgeschwindigkeit) unter anderem von der Langenskala des Wirbels [, abhéngt
und sich somit mit jedem Zerfall verkleinert. Schliefilich dominiert die Viskositdt v und
die Energie der Wirbel dissipiert. Durch dieses Skalenverhalten muss das Spektrum der
Energie einem Potenzgesetz E(k) o< k= folgen. Ein typisches Spektrum wird in drei Be-
reiche unterteilt. Auf groflen Langenskalen, folglich kleinen Wellenzahlen, wird Energie in
das System gebracht, z.B. durch eine externe Anregung. Dieser Abschnitt wird als Initial-
oder Treibbereich bezeichnet. Im zweiten Bereich folgt das Potenzgesetz aufgrund der
Kaskadierung einem negativen, konstanten Exponenten. Ublicherweise erstreckt sich die-
ser sogenannte Inertialbereich iiber mehrere Gréfenordnungen von k. Schliellich zerfallt
die Turbulenz im Dissipationsbereich auf sehr kleinen Léngenskalen. Das erste konkrete
Modell der Eddieturbulenz, u.a. mit einer Beschreibung des Energiespektrums, wurde
von Andrey Kolmogorov im Jahre 1941 (im Folgenden als K41 bezeichnet) aufgestellt.
Aufgrund seiner Vorhersagen, die erstaunlicherweise nicht nur fiir rein hydrodynamische
Systeme zutreffen, sondern auch fiir MHD-Turbulenzen, ist die Theorie von Kolmogorov
immernoch &duflerst aktuell. Daher soll im néchsten Kapitel das K41-Modell vorgestellt

und hergeleitet werden.

Der zweite grundlegende Mechanismus fiir die Entstehung von Turbulenz ist die Wel-
lenturbulenz. Anders als bei der Vortexturbulenz entstehen nicht direkt Wirbel aus
Fluidstromungen, sondern vielmehr aus der Uberlagerung von Wellen, welche auch wir-
beldhnliche Strukturen erzeugen konnen, sich allerdings immer wieder in die Einzelm-
oden zerlegen lassen. Um das System in einen turbulenten Zustand zu bringen, miissen
die Wellen sich weit aulerhalb des thermischen Gleichgewichts befinden. |Zakharov et al.
(1992) beschreibt die Grundlage als ,statistisches Langzeitverhalten eines Meers aus
schwach nichtlinearen, dispersiven Wellen®“. Da die Wellen der Dissipation unterliegen,
muss ein Energietransfermechnismus vorliegen. In der Regel erfolgt dies durch reso-
nante Wechselwirkungen der Wellenpakete. Ahnlich zur Eddieturbulenz entstehen hohe
Reynoldszahlen. AuBerdem kaskadiert auch hier die Energie und folgt einem Potenz-
gesetz mit konstantem Exponenten iiber mehrere Gréflenordungen der Wellenzahl im
Inertialbereich. Dies erkléart sich dadurch, dass im Rahmen der statistischen Wellenbe-
schreibung ein Gauflscher Ansatz fiir die Vier-Punkt-Korrelationsfunktion der Amplitu-
den, zu einem Fluss von Erhaltungsgréofien vom Initial- zum Dissipationsbereich fiihrt
(Zakharov u. Filonenko, (1966))). Wellenturbulenz ist dominant fiir schwach turbulente

MHD-Plasmen, sowie, wie spater noch gezeigt wird, auch im Falle inkompressibler star-
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ker Turbulenz in eben solchen Systemen. Dies liegt vor allem in der Natur der Dispersion
von Plasmawellen und deren nichtlinearen Wechselwirkungen, die im vorangegangenen
Kapitel diskutiert wurden. Des Weiteren lésst sich Wellenturbulenz auch im Alltag beob-
achten. So zum Beispiel die Oberflachenwellen in Gewéssern, die durch Wind als externe
Quelle angeregt werden. Der Schwerpunkt dieser Arbeit liegt auf MHD-Turbulenz die
durch Alfvénwellen generiert wird. In der Theorie wurden fiir solche Systeme bahn-
brechende Arbeiten von P. Goldreich und S. Sridhar geleistet. Deren Modelle sollen
schlielich in Kapitel vorgestellt werden.

3.2.1. Kolmogorov Turbulenz

A v(r)

r+l

Abbildung 3.2.: [llustration zur Definition einer Fluktuation dv(r,l) im Geschwindig-
keitsfeld v der Navier-Stokes Gleichung einer hydrodynamischen Turbulenz.

Das Modell von Kolmogorov zéhlt heute noch zu den wichtigsten Theorien der Tur-
bulenz. Ein wichtiges Ergebnis dieser Theorie ist, dass sich der Exponent des Energie-
spektrums im Inertialbereich zu —5/3 ergibt. Spektren, die diesem Potenzgesetz folgen,
werden als Kolmogorov-Spektren bezeichnet. Das Modell wurde zwar teilweise seit 1941
erganzt und weiterentwickelt, hat aber im Grunde genommen seit 70 Jahren nichts an
Giiltigkeit verloren. Auflerdem beobachtet man auch in MHD-Plasmen Kolmogorov-
Spektren, also scheint dieses Modell auch iiber seine Grundlagen hinaus, zumindest
phénomenologisch, korrekt zu sein. Kolmogorov leitete seine Ideen fiir rein hydrodyna-
mische Turbulenz zunéchst aus einer Dimensionsanalyse und dem Skalenverhalten von
Vortexturbulenz her (Kolmogorov| (1941c) und [Kolmogorov| (1941b))). Die Herleitung
wurde bereits in Lange (2008) ausfiihrlich gezeigt. Daher soll hier darauf nicht eingegan-
gen werden. In seiner dritten Veroffentlichung zur Turbulenz im Jahre 1941 (Kolmogorov!

(1941a)) gelang es ihm sein Modell zu untermauern indem er eines der wichtigsten und
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allgemein giiltigen Gesetze der Turbulenztheorie herleitete, das sogenannte 4/5-Gesetz.
Es bildet mit den Strukturfunktionen die Grundlage fiir das 5/3-Spektrum. Aufgrund
seiner immensen Wichtigkeit, soll hier eine kurze Herleitung gezeigt werden. Eine detail-
lierte Beschreibung befindet sich in |Frisch| (1995).

Das 4/5-Gesetz und die Karman-Howarth-Monin Relation

Man geht zunéchst von der Navier-Stokes-Gleichung eines inkompressiblen, hydrodyna-

mischen Systems aus

aa—:;+v~V'v:uV2'u—Vp+f (3.71)

V-v=0.

Der Druck- und Viskositétsterm ist bereits in dhnlicher Art aus Kapitel [3.1] bekannt. Die
externe Kraft f ist notig um ein ,realistisches Turbulenzszenario“ zu beschreiben, indem
diese die durch viskose Dissipation verlorene Energie wieder ergdnzt. Man hat hierbei
eine freie Wahl der Kraft, speziell da sie nur auf grofien Skalen (Initialbereich), fernab
der Dissipation, wirken soll. Daher wird angenommen, dass sie stationdr und homogen
ist. Aulerdem sollen ihre statistischen Eigenschaften unter rdumlicher und zeitlicher
Verschiebung invariant bleiben. Gl. ist unter diesen Bedingungen Rotationssymme-
trisch, sowie symmetrisch fiir Zeit- und Ortstranslationen. Noch viel wichtiger fiir die
Beschreibung der Turbulenz ist jedoch die Skaleninvarianz der Navier-Stokes Gleichung.
Diese Annahmen sind allerdings nicht allgemein giiltig, da die ,,Mechanismen der Tur-
bulenzerzeugung fiir gewohnlich nicht konsistent mit Symmetrien sind*“ (Kolmogorov:
(1941a))). Allerdings lassen sich der Turbulenz bestimmte Eigenschaften zuordnen um
diese Symmetrien zu erhalten. Daher miissen folgende Hypothesen gelten, die bereits in

den ersten beiden Veroffentlichungen der K41-Theorie Anwendung fanden:

HYPOTHESE I Im Grenzbereich unendlich grofier Reynoldszahlen werden alle Sym-
metrien der Navier-Stokes Gleichung, die durch den Erzeugungsmechanismus eines tur-
bulenten Flusses zusammenbrechen, auf kleinen Skalen und fern von Grenzbereichen in
einem statistischen Sinne wieder hergestellt.

Dabei meint kleine Skalen einen Bereich [ < Ly, wobei L, die Skala des Energieinjek-

tionsbereichs ist. Daher folgt fiir die Homogenitiat auf kleinen Skalen, speziell fiir die
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statistischen Geschwindigkeiten
dv(r,l) =v(r+1) —v(r) (3.72)

In Abbildung[3.2]ist die Idee dieser Annahme verdeutlicht. An dieser Stelle soll auch der

longitudinale Anteil der Geschwindigkeitsinkremente

dv| = %(51}(7", l) (3.73)

definiert werden. Dieser wird spéter fiir das 4/5-Gesetz wichtig.

HypOTHESE II Unter der Annahme gleicher Bedingungen aus Hypothese I, ist der
turbulente Fluss selbstihnlich auf kleinen Skalen, d.h. es exisitiert ein auzgezeichneter
Skalenexponent h.

Daher folgt

sv(r, \) = N'sv(r,1). (3.74)

Und schlie3lich

HyprOTHESE III Unter der Annahme gleicher Bedingungen aus Hypothese I, hat der
turbulente Fluss eine endliche, nichtverschwindende mittlere Rate der Dissipation € pro
FEinheitsmasse.

wobei
£ X — (3.75)

gilt, mit der grofiskaligen Geschwindigkeit V.

AuBlerdem benttigt man noch eine Beschreibung des Energieflusses um die Kaskadie-
rung zu beriicksichtigen. Zu diesem Zweck trennt man die Navier-Stokes Gleichung in
Geschwindigkeiten auf groBen Skalen (folglich kleinen Frequenzen k < K) und kleinen
Skalen (K < k) und wendet den Tiefpassfilter P : f(r) — fz(r) an. Die resultierenden
Geschwindigkeiten sollen hier, der Kiirze wegen, schon in integraler Form dargestellt

werden:

vi(r) = /k<K d’k e*"v(k) Tiefpass gefiltert, (3.76)
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sowie analog die Hochpassfilter-Geschwindigkeiten v7(r). Angewandt auf Gl.

)
gvf( + Pg(vy +v3)V(vg +v3) = —Vpi + vVug + fi (3.77)

Um schlief8lich einen skalenabhéngigen Energiefluss zu erhalten mittelt man obige Glei-
chung und multipliziert mit v}; unter Beachtung, dass sich zwei der vier Nichtlinearitéten

zu Null ergeben

aaif T = —200% + Fre, (3.78)

wobei die einzelnen Groflen wie folgt interpretiert werden:

1
Ex = §<|vl<{ 2) Kumulative Energie (3.79)
1
Qi = §(|wl<( 2 Kumulative Enstrophie (3.80)
Fr={fx vy Kumulative Energieinjektion. (3.81)

Die Enstrophie ist ein Maf fiir den Grad der Verwirbelung mit der Vortizitit w o k x v.

Auflerdem definiert sich der Energiefluss bei einer Wellenzahl K durch
e = (vi - (vg - Vug)) + (v - (vg - Vog)). (3.82)

Nun definiert man sich den Energiefluss

En(l) = —%%@(T)v(r 1) (3.83)

NL

im physikalischen Raum, mit der Abkiirzung NL fiir die pure nichtlineare Zeitskala.
Mittels dieser Eigenschaft und GI. lassen sich die beiden Energiefliisse verkniipfen

0 1 .
17 . 3 37 ikl l &4
K = —ath = —<27T)3 /kSKd l{ /d l (& 593‘( ) (3 8 )

(entscheidend ist hierbei die Dominanz der nichtlinearen Skala). Letztlich steckt in GL
die Fouriertransformation von E. An dieser Stelle verwendete Kolmogorov eine be-
reits hergeleitete Bedingung, die Karman-Howarth-Monin Relation, deren Kernaussage
ist, dass sich fiir homogene Turbulenz die statistischen Eigenschaften raumlich konstant
verhalten (Ein ausfithrlicher Beweis findet sich in [Frisch| (1995))). Daher gilt fiir den
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physikalischen Energiefluss
1
En(l) = =3 Vi(lov (1) [*ov(1) ). (3.85)

Verwendet man diese Relation mit GI. erhalt man schliellich durch Gl. und

der partiellen Integration iiber den Fourierraum (d*k)

1 sin(kl) l
Iy = —— [ &1 ——=V,;--V(|6v(l)*ov(l). :
k=g [ @IV s o) (3.56)
Bisher wurde lediglich Homogenitét der Turbulenz angenommen. An dieser Stelle ist es
notig im Kolmogorov-Modell die Annahme der Isotropie zu machen. Dadurch zerfillt
obiges Integral auf eine Dimension und ergibt sich zu

1 sin(kl) 0 B (ovj)

. (3.87)

Dabei wurde die GI. fir ov| angewandt. Im letzten Term dieser Gleichung stehen
nun Geschwindigkeitsmomente, eine wichtige Messgrofie der Turbulenz, auch bekannt
als Strukturfunktionen. In diesem Fall handelt es sich um die Strukturfunktion dritter
Ordnung, die sich folglich aus den longitudinalen Geschwindigkeitsmomenten dritter

Ordnung ableitet:
Ss(1) = ((dvy(r, 1))*) (3.88)

Da bisher nur Isotropie und Homogenitdt angenommen wurde, miissen nun noch drei
wichtige Eigenschaften angewendet werden um ein turbulentes System im geséittigten
Zustand zu beschreiben. ,, Geséttigt“ heiffit in dem Sinne: unabhéngig von Randbedin-

gungen, duleren Kréften und Viskositédt innerhalb des Inertialbereichs.

(1) Wie bereits erwahnt diirfen treibende Kréfte f nur auf grofien Skalen Ly o< KLO
wirken. Daraus folgt, dass die Tiefpassfilterung in GI. wegfallt:

(Fi-vk) = (fv) (3.89)

(2) In der Langzeitentwicklung konvergiert die Navier-Stokes Gleichung zu einem sta-
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tistisch stationédren Zustand, d.h. 9;(- - - ) = 0. Damit folgt fiir die Energiegleichung

01
——(*)=0=(f -v) +v(v-V). (3.90)
ot 2 —_———
(3) Hypothese III (siche Anfang des Kapitels) muss gelten: Fiir v — 0 (also Reynolds-
zahl Re — oo) muss die Dissipation sich asymptotisch positiv verhalten:

lime(v)=¢>0 (3.91)

v—0

Das hat zur Folge, dass die mittlere Energie E fiir K > Ky und v — 0 gegen Null
geht:

20Q%| = v(jwi]?) < vE2(wi]?) = 2wK2E "= 0 (3.92)

Also findet Dissipation nur auf kleinen Skalen, respektive bei grofien Wellenzahlen

statt.
Somit bleibt unter diesen Annahmen fiir den Inertialbereich von GI. nur noch

I ~¢ (3.93)

iibrig. Es wurde hierbei die kumulative Energieinjektion gemaf (2) durch die Dissipation
ersetzt. Jetzt ldsst sich auch das Integral in GI. mittels Substitution x := kl fiir
k> K, losen:

o sinz . x
e = — d D(= =1 .94
k== 4= ) (394

D(l) steht hier fiir (1+19;)(---)(--- )S“T(l) und kann fiir & — oo vor das Integral gezogen

werden:

sinx

M~ ~D(3 =1) /OO ar (3.95)
w/2
— D)= —%g. (3.96)

Lost man diese gewohnliche Differentialgleichung 3.0Ordnung erhélt man schliefSlich das
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gesuchte 4/5-Gesetz
4

Bemerkenswert an diesem Gesetz ist nun, dass es im Vergleich zu anderen Modellen der
Turbulenztheorie sehr allgemein ist. Neben Homogenitat und Isotropie wurde im Prinzip
die Giiltigkeit nur auf kleine Skalen und hohe Reynoldszahlen eingeschrinkt. Auflerdem
geht man von Systemen entwickelter Turbulenz aus, d.h. die Entwicklungszeit muss
hinreichend grof} sein (Annahme (2)). Selbst die Hypothesen I und II von Kolmogorov
haben fiir dieses Gesetz keine Relevanz. Somit ist Skaleninvarianz keine Bedingung.
Diese recht universelle Giiltigkeit fiihrt dazu, dass auch andere Turbulenzmodelle als das
von Kolmogorov, diesem Gesetz entweder folgen miissen oder dessen Grundannahmen
aufler Kraft setzen. Auflerdem lésst sich GI. gut experimentell {iberpriifen, da die

Strukturfunktion dritter Ordnung eine leicht zu messende Grofle ist.

Strukturfunktion der Kolmogorovturbulenz

In diesem Abschnitt soll jetzt der Zusammenhang des Kolmogorov-Modells mit dem
4/5-Gesetz gezeigt werden und die direkte Konsequenz fiir das Energiespektrum. Da-
zu miissen nun auch die Hypothesen I und II beriicksichtigt werden. Im Wesentlichen
bedeutet dies Skaleninvarianz und die Annahme der Selbstéhnlichkeit. Das 4/5-Gesetz

148t auf den Skalenexponenten h einer Skalierung
L= M v Mo (3.98)
schliefen, da durch das Gesetz
3 4
{(6y()7) = el (3.99)

ein Zusammenhang zwischen Lingenskala und Geschwindigkeit hergestellt wird. Somit

muss der Exponent h = % sein.

Das Energiespektrum leitet sich aus der Strukturfunktion zweiter Ordnung ab. Defi-

niert man zunéchst die Strukturfunktionen p-ter Ordnung mit p > 0

Sp(l) = {(6vy (D))", (3.100)

62



lasst sich daraus im Zusammenhang mit dem 4/5-Gesetz folgern

S3(1) x el
= S50 o [S3(1)]F
—  S,(I) = C,e5l5, (3.101)

da el die Einheit der Strukturfunktion bestimmt. Der dimensionslose Koeffizient C,, der
im Falle p = 3 den Wert 4/5 liefert, ist nicht universal, wie schon Landau kontrovers zu

Kolmogorovs Annahme behauptete. Da die Energie von der 2. Ordnung abhéngt, also
Sy = Cheils, (3.102)
ergibt sich konsequent fiir das Spektrum

d
E(k) = —&, x etk 3. (3.103)

dk
Zur Herleitung dieses Spektrums sind nun alle in diesem Kapitel getroffenen Annahmen
notig. Speziell wurde die Selbstahnlichkeit der Turbulenz angenommen. Das heift unter

anderem, dass
15 = 1% (3.104)

gilt und somit ¢, sich linear zu p verhilt. Messungen zeigen jedoch, dass dies schon
bereits fiir p > 3 an Giiltigkeit verliert und mit héheren Ordnungen immer mehr vom
Kolmogorov-Modell abweicht. Eine Erklarung hierfiir ist die sogenannte Intermittenz,
eine kurzzeitige Unterbrechung des reguliren Verhaltens durch einen Ubergang zum
Chaotischen. Von |Frisch et al.| (1978) wurde zur Klarung dieses Problems das $-Modell
vorgeschlagen. Dieses Modell basiert auf der Uberlegung, dass Wirbel nicht mehr volu-
menerhaltend bzw. raumfiillend Zerfallen. Somit ist die Annahme der Selbstéhnlichkeit
nicht mehr giiltig. Zur Losung werden sogenannte Kodimensionen vorgeschlagen, die aus
multifraktalen Symmetriebetrachtungen stammen. Diese passen den Skalenexponenten
entsprechend an. Diese Idee wurde von She und Leveque noch erweitert (She u. Leveque
(1994)). Da dies aber nicht im Fokus dieser Arbeit liegt, soll hier nicht weiter darauf
eingegangen werden. Es soll nur noch an dieser Stelle darauf hingewiesen werden, dass

Kolmogorovs Theorie und das oft nachgewiesene —5/3 Spektrum zwar fiir viele Systeme
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giiltig sind, jedoch nur sofern man sich auf omnidirektionale Spektren und kleine Ord-
nungen von p bezieht. Die eigentlichen Charakteristika der Turbulenz sind jedoch im
Detail zu finden, speziell in den Messgréflen der Strukturfunktionen und deren hoéheren
Ordnungen. Als bespielhafte Messung der Intermittenz sei hier Abbildung [3.3] gezeigt,
in der man klar den nichtlinearen Anstieg der Strukturfunktionen mit wachsender Ord-
nung. Wie bereits in der Phédnomenologie erlautert, ist der Sonnenwind also deutlich
intermittent und somit nicht raumfiillend von turbulenten Strukturen durchsetzt (Bur-

laga; (1991)).
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Abbildung 3.3.: Messungen der Strukturfunktionen verschiedener Ordnungen durch die
Voyager 2 Sonde im Abstand von etwa 8.5 AU zu Erde. Gerade bei hohen Ordnungen die-
ser Geschwindigkeitskorrelationen macht sich ein starker nichtlinearer Anstieg bemerk-
bar. Dieser kann nicht durch die Annahmen von Kolmogorov erklirt werden, sondern
bricht die Bedingung der Selbstihnlichkeit durch multifraktale Kodimensionen.
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3.2.2. MHD - Turbulenz

Will man Turbulenz auf Systeme magnetisierter Plasmen ausweiten, muss geméafl den
MHD-Gleichungen die Induktionsgleichung erfiillt werden. Dadurch wird das Problem
zwar komplexer, da nun auch die Magnetfelddynamik beschrieben werden muss, kann
aber in manchen Féllen auch zu einer einfacheren Losung fithren. Dies liegt vor allem
daran, dass es, im Gegensatz zur reinen Hydrodynamik, verschieden starke Auspriagun-
gen von Turbulenz gibt. Man unterscheidet im Wesentlichen zwei Bereiche; dem der
schwachen und dem der starken Turbulenz. Beide Regimes werden durch die Stérke des
Verhéltnisses der fluktuierenden Magnetfelder zum Hintergrundfeld unterschieden. Ist
das Verhéltnis

(6b)?
(B:)?

(3.105)

sehr viel kleiner als 1, spricht man von schwacher Turbulenz. Im Falle von Vortexturbu-
lenz kann man auch die Alfvénzeitskala (~ (kyB,)~!) mit der Eddie turnover time, also
der effektiven ,,Lebensdauer® eines Wirbels, vergleichen. Ist die Turbulenz schwach, ist
die Alfvénzeitskala deutlich kleiner als die Wirbelzerfallszeit. Dementsprechend bezeich-
net man ein System als stark turbulent, wenn das Verhéltnis[3.105| nahe 1 ist. Als Anmer-
kung sei hier erwahnt, dass besagtes Verhéltnis definitionsgeméafl nicht grofler als 1 sein
kann. Der Vorteil gegeniiber der Turbulenzbeschreibung in einem rein hydrodynamischen
System liegt darin, dass man fiir die beiden Bereiche Ndherungen einfiithren kann, um
fiir den jeweiligen Fall eine gesonderte Theorie zu finden. So ldsst sich im Fall schwacher
Turbulenz in einem inkompressiblen Regime ein Ubergang zur Stérungstheorie machen,
da lediglich lineare Wellen, eben die Alfvénwellen, beitragen. In Falle kompressibler,
schwacher Turbulenz hingegen, lassen sich die MHD-Gleichungen vereinfachen, indem
man die gesamten Wechselwirkungen im Plasma auf Zwei-Wellen Wechselwirkungen als
linearen Prozel und Drei-Wellen Wechselwirkungen als einzigen nichtlinearen Vorgang
reduziert. Auch hier wird sich der Theorieteil auf den Bereich der inkompressiblen Tur-
bulenz beschrénken. Zum einen da nur inkompressible Systeme untersucht wurden, zum
anderen da es heutzutage immernoch kein theoretisches Modell fiir den kompressiblen
Fall gibt.

Bevor auf die detaillierten Modelle eingegangen wird, soll kurz auf die Natur der

inkompressiblen MHD-Turbulenz erlautert werden. Wie bereits erwédhnt unterscheidet
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man die grundlegenden Erzeugungsmechanismen von Turbulenz durch Wirbelzerfall oder
Wellenwechselwirkungen. Es wurde lange kontrovers diskutiert, welcher Mechanismus im
Falle der Magnetohydrodynamik vorliegt. Zwar sind - speziell im inkompressiblen System
- Alfvénwellen lineare Losungen der MHD-Gleichungen, jedoch sind diese Wellen pseudo-
dispersiv, da deren Kreisfrequenz direkt proportional zur Wellenzahl ist. Auflerdem war
fraglich, ob man eine Giiltigkeit des 4/5-Gesetzes fiir MHD-Wellen bestétigen kann oder
zumindest eine dhnliche Gesetzméfigkeit fiir die n-Punkt-Korrelationen finden kann. Fiir
den Fall starker Turbulenz konnte dies von [Politano u. Pouquet| (1998) gezeigt werden.
Es kann eine Analogie zum 4/5-Gesetz gefunden werden, da sich aufgrund des bereits
erwahnten frozen-in-flux die Magnetfelder sich wie die Geschwindigkeitsfelder verhalten.
Dadurch lésst sich eine Beschreibung analog zu GI. mittels der Elsésservariablen
finden:

(o —wi) D (b —w;)?) = —gez. (3.106)

Es wird also angenommen, dass der Turbulenzerzeugungsmechanismus der Magnetohy-

drodynamik auf Wechselwirkung zwischen Alfvénwellenpaketen beruht.

Der erste Versuch einer Beschreibung inkompressibler MHD-Turbulenz wurde von
Kraichnan und Iroshnikov gemacht (im Folgenden auch mit IK abgekiirzt). In deren un-
abhéngigen Arbeiten (Iroshnikov| (1964) und Kraichnan| (1965)) wurde die Erweiterung
des Kolmogorov-Modells auf magnetisierte Plasmen durchgefiihrt, speziell im inkom-

pressiblen Fall.
Als kurze Erlauterung der Grundidee des IK-Modells sei erwéhnt, dass prinzipiell

eine dhnliche Herleitung wie in|Kolmogorov| (1941c) durchgefiihrt wurde, jedoch mit dem
Unterschied, dass Alfvénwellen vorliegen und somit die charakteristische Systemzeit (bei

Kolmogorov 7; = [/v;) welche durch die Alfvénzeitskala bestimmt wird. Diese ist nach
Gl. deutlich kiirzer, wodurch sich folglich die IK-Zeitskala verlangert:

(3.107)

Tl . l
K = — Ty, mit TA N —.
TA Bz

Somit erhélt man fiir die Dissipationsrate durch Einsetzen der oben stehenden Zeitskala
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die Relation

2 4
v; vyl
~—t = , 3.108
c TIK ZZBZ ( )
Daraus lassen sich, analog zu Kapitel [3.2.1} die Strukturfunktionen
Sy(l) ~ P ~ (elB,)% (3.109)

ableiten. Aus der Strukturfunktion zweiter Ordnung und der Ableitung nach k erhalt

man folglich wieder das Energiespektrum
BE(k) = —& o (eB.)2k 2. (3.110)

Das IK-Modell sagt also einen spektralen Energieverlauf mit einem —3/2-Exponenten
vorraus. Auflerdem steckt in den Annahmen von Kraichnan und Iroshnikov, dass die
Alfvénwellenpakete mehrfach kollidieren koénnen, bevor sich deren Groflen wesentlich
andern. Somit wird implizit ein schwach turbulentes System angenommen. Das IK-
Energiespektrum wurde zwar lange Zeit als giiltig fiir magnetisierte Plasmen angenom-
men, konnte aber dennoch fiir schwache MHD-Turbulenz nicht verifiziert werden. Der
Grund dafiir liegt in der Annahme der Isotropie im Zusammenhang mit der Drei-Wellen-
wechselwirkungen. So wurde von Sridhar u. Goldreich| (1994) nahegelegt, dass die K-
Theorie implizit auf der 3-Wellen-Wechselwirkung basiert (was allerdings nur im Rah-
men schwacher Turbulenz gezeigt werden kann). Auflerdem konnte von [Shebalin et al.
(1983)) gezeigt werden, dass die Annahme eines Hintergrundmagnetfelds der Annahme
der Isotropie widerspricht. Dies lasst sich leicht aus der Energie- und Impulserhaltung

der 3-Wellenwechselwirkungen ableiten:

kl + kz - k3
w1 + wo = ws. (3.111)

In inkompressiblen Plasmen mit einem Hintergrundmagnetfeld sind die ,,Bausteine® die-

ser Wechselwirkung Alfvénwellen. Da Alfvénwellen wiederum der Dispersionsrelation in
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Gl. folgen, ergibt sich fiir obige Bedingungen:

ki + ko = ks
Ko | 4 (Ko | = [k |- (3.112)

Wie bereits in Kapitel argumentiert, konnen nur Wellenpakete unterschiedlicher
Ausbreitungsrichtung miteinander nichtlinear wechselwirken. Das hat zur Folge, dass
die Wellenzahlen von Paket 7 und 2 unterschiedlichen Vorzeichens sein miissen. Damit
also die Giiltigkeit der oben stehenden Resonanz-Triaden weiterhin besteht muss ky |
oder ks Null sein. Damit kann 3-Wellenwechselwirkung unter diesen Annahmen nicht

stattfinden und das IK-Modell verliert seine Grundlage.
Dennoch lieferte das IK-Modell wichtige Erkenntnisse. Vor allem &nderte Kraich-

nan das Bild der Turbulenz in magnetisierten Plasmen, indem er implizit annahm, dass
der grundlegende Mechanismus der Energiekaskadierung die Kollision von gegenléufi-
gen Alfvénwellenpaketen ist, wiahrend in neutralen Fluiden der Zerfall von Wirbeln als
»Motor“ der Turbulenz angenommen wurde. So zeigte Kraichnan (1965)), dass in neu-
tralen Fluiden effektive Betridge zu Energiekaskadierung nur durch Interaktionen zwi-
schen Wirbeln gleicher Léngenskalen stattfinden konnen. So verschwindet durch Galilei-
Transformation der Einfluss des Geschwindigkeitsfeldes von grofiskaligen Wirbeln auf
kleinere Wirbel. Magnetfelder hingegen bleiben unter Galilei-Transformation bestehen.
Also ist die Wechselwirkung von grofiskaligen Strukturen auf kleine ein wichtiger Be-
standteil der Energiekaskade in Plasmen. Die Wirkung des Magnetfelds eines grofien Wir-
bels auf einen kleineren ist &hnlich der Wirkung des Hintergrundfelds auf Alfvénwellen.
Folglich schloss Kraichnan, dass die grundlegenden Prozesse in inkompressiblen MHD-
Plasmen eben auf Kollisionen zwischen Alfvénwellenpaketen zuriickzufiihren sind. Die

Theorie der Wellenturbulenz gewann somit an Bedeutung.

Goldreich und Sridhar Theorie

Die erste konsistente Theorie der inkompressiblen MHD-Turbulenz gelang Goldreich
und Sridhar (im Folgenden auch GS). Auch hier wird eher das Bild der Wellenturbulenz
angenommen, als das der Vortexturbulenz. Das GS-Modell gliedert sich in drei Teile.
Sridhar u. Goldreich| (1994) beschreibt hierbei das Regime schwacher Turbulenz (im
Folgenden auch GSI) wéhrend sich (Goldreich u. Sridhar| (1995) auf stark turbulente

68



Systeme konzentriert (entsprechend GSII). Da beide Modelle unterschiedliche Regimes
beschreiben, die in einem turbulenten System skalenabhéngig auftreten konnen, wur-
de speziell GSI kontrovers diskutiert. Der Hauptgrund dafiir war der Ausschluss von
3-Wellenwechselwirkung in diesem Modell. Dies wurde allerdings u.a. von numerischen
Simulationen widerlegt. Entscheidend war die Erkenntnis, dass beide Modelle innerhalb
eines Systems Giiltigkeit haben, eben abhéingig von den betrachteten Langenskalen. So-
mit muss zwischen beiden Theorien ein Ubergang stattfinden. Dieses Turbulenzmodell
wurde daher auch in (Goldreich u. Sridhar (1997)) (Abkiirzung GSIII) als intermediate
turbulence, also Turbulenz im Ubergangsbereich, bezeichnet. Da alle drei Modelle von
grundlegender Bedeutung sind und auch im Zusammenhang mit dieser Arbeit untersucht
werden, soll jetzt ein kurzer Uberblick gegeben werden. Dabei sollen nur die Ideen vorge-
stellt werden. AuBlerdem wird gezeigt, dass auch die GS-Theorie ein Kolmogorov-artiges

Energiespektrum liefert.
GOLDREICH-SRIDHAR, MODELL FUR SCHWACHE TURBULENZ

Wie bereits in der Beschreibung der IK-Theorie dargelegt, ist die Annahme der
[sotropie fiir ein magnetisiertes Plasma nicht giiltig. In diesem Zusammenhang wur-
de auch gezeigt, dass im Rahmen der inkompressiblen MHD in einem solchen Plas-
ma 3-Wellenwechselwirkungen nur mit der Null-Mode moglich sind. Ist die Turbulenz
schwach, miissen die Resonanzbedingungen in GI. eingehalten werden. Somit kann
fiir schwach turbulente Regimes die 3-Wellenwechselwirkung als Grundmechanismus aus-
geschlossen werden. Daher wird im GSI Modell die néchst héhere Ordnung, also die
4-Wellenwechselwirkung, als dominanter Prozefl untersucht. Analog miissen die Reso-

nanzbedingungen

kil + k?z = k3 + k‘,4
W1 + Wa = w3 + Wy (3.113)

gelten. Auch hier miissen die Vorzeichen von k; - e, und ks - e, unterschiedlich sein, da
nur Wellen entgegengesetzter Ausbreitung miteinander interagieren kénnen. Wihlt man

nun beispielsweise k1, > 0, ko, < 0 folgt aus der Impulserhaltung, dass k3, > 0, ks, <0
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und damit die beiden Bedingungen

klz + k2z = k?’z + k4z

klz - k2z = k3z - k4z (3114)
und somit
klz = k?)z
k2z - k4z- (3115)

Basierend auf 4-Wellenwechselwirkung kann also keine Energiekaskade in z-Richtung,
also parallel zum Hintergrundmagnetfeld auftreten, da die z-Komponente der obigen

Impulsbedingung unveréndert bleibt.

Die Entwicklung der Turbulenz findet folglich senkrecht zu B, statt. Zunéchst geht
man analog zu Kolmogorov von der Bedingung fiir die Energiekaskade
v3 N

e ~ —= mit der Kaskadierungszeitskala t. ~
te 2UA

(3.116)

aus. Dabei ist N die Anzahl der Kollisionen, die notig sind um die Korrelation zum
Anfangszustand eines Wellenpakets aufzuheben. e steht fiir die injizierte Energierate
und v, fiir die fluktuierenden Geschwindigkeitsfelder. Die Amplitude eines Wellenpakets

andert sich bei 4-Wellenwechselwirkung um

d2U,\ 1
Eine Einheitenanalyse ergibt
d*vy  d dv,
ae "~ g Fed) ~ kgl ~ R (3.118)

wobei diese Uberlegung hauptsichlich aus den MHD-Gleichungen folgt, speziell aus
0w = —(v-V)v, wobei fiir Scher-Alfvénwellen v -V ~ kv, gilt. Das GSI Modell ver-
nachldssigt generell die Spezies Pseudo—Alfvénwellen, da diese in schwacher Turbulenz
auBerst effektiv vom Barnes Mechanismus gedampft werden (Barnes| (1966))). Aus oben

stehenden Bedingungen erhélt man die effektive Anderung des Wellenpaketes durch eine
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Kollision

(51})\

)

~ <’”“A)2, (3.119)

kz VA

Damit kann man nun die Kollisionsrate /N in der Bedingung |3.116| bestimmen

N~ (ksz>4 . (3.120)

kivy

Es gilt folglich

eN  e(kva)?
k,va ki os

V3 ~ et~ (3.121)
Demnach ist € effektiv zu v§ proportional. Nimmt man nun eine konstante Energierate

€ = const an und zieht die dritte Wurzel erhalt man

61/3(kZUA)

4/3 ’
kY

v}~ (3.122)

woraus sich iiber

d’k
> 3} :/% E(k., k) (3.123)

das dreidimensionale Energiespektrum

/3y,

kllo/s

Bk, k) o (3.124)

ergibt. Durch die Energiegleichung wird somit vy mit /{2/ ® verkniipft. Implizit folgt
somit NV o< /{;14/ ? Dieser Zusammenhang hat zur Folge, dass N mit steigendem &, kleiner
wird. Also werden weniger Kollisionen beno6tigt um die Korrelation zum Anfangszustand

aufzuheben. Nahert sich N ~ 1 ist das System stark turbulent und obige Abschéitzung
gilt nicht mehr.

Die Kernaussagen von GSI sind also:

e 3-Wellenwechselwirkung ist in schwacher, inkompressibler MHD-Turbulenz nicht

moglich, da die Resonanzbedingungen nicht erfiillt werden kénnen.
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e 4-Wellenwechselwirkung erzeugt eine Energiekaskade in senkrechter Richtung zum
Hintergrundmagnetfeld. Das eindimensionale Energiespektrum ist flacher als ein

Kolmogorovspektrum.

e Turbulenz wird bei groen Wellenzahlen stérker und kann ab einer gewissen Fluk-
tuationsstéirke und Grofenskala nicht mehr durch GSI und 4 Wellenwechselwirkung

beschrieben werden.

Der Beweis der oben stehenden Aussagen wurde von GS mittels Storungstheorie und
durch Losung der kinetischen 4-Wellenwechselwirkungsgleichungen erbracht, soll aber

der Kiirze wegen hier nicht gezeigt werden.
GOLDREICH-SRIDHAR MODELL FUR STARKE TURBULENZ

In GSI wurde festgestellt, dass Turbulenz sich skalenabhéngig verstarkt. Schlief3-
lich kann die Kollisionsrate N bis zur Dekorrelation so klein werden, dass die Ener-
giekaskade nicht mehr durch 4-Wellenwechselwirkung fortgesetzt werden kann. Dies
ist in einem stark turbulenten System der Fall. Das GSII Modell erlaubt wieder 3-
Wellenwechselwirkungen, da im Bereich starker Fluktuationen gegeniiber dem Hinter-
grundfeld die Resonanzbedingung verletzt werden kann. Es konnen somit auch Wel-
lenpakete mit mehr als nur den Null-Moden interagieren. Ein wichtiger Parameter zur
Bestimmung des Ubergangs von schwacher zu starker Turbulenz, ist die in GSII ein-

gefiihrte kritische Balance. Sie ist definiert durch

kivy

~Y

3.125
o (3.125)

und wird im Wesentlichen durch die Idee der oben genannten Kollisionsrate bestimmt.
Der Begriff Balance kommt aus der Uberlegung, dass dieser Parameter das Gleichge-
wicht zwischen der Alfvénzeitskala, also der, des linearen Regimes, mit der intrinsischen
nichtlinearen Zeitskala darstellt, die den Energietransfer zu kleinen Léngenskalen be-
schreibt. Besteht ein Gleichgewicht, muss ( ~ 1 gelten. Ist { < 1, gilt das GSI Modell
der 4-Wellenwechselwirkung. Die starke Turbulenz ist auch giiltig, wenn die kritische
Balance grofler als 1 ist. Das wird aus der Herleitung des Energiespektrums ersichtlich.
Prinzipiell ist diese analog zu GSI, wobei ( ~ 1 angenommen wird. Wie bereits argu-
mentiert ist dies wiederum gleichbedeutend mit N ~ 1 und natiirlich mit der Annahme

einer starken Anregung vy ~ v4. Das Vorgehen ist wieder analog zum GSI Modell. Unter
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den eben getroffenen Bedingungen ergibt sich fiir die Kaskadierungszeitskala

1
szA .

(3.126)

te ~

Die kritische Balance wiederum ergibt den Zusammenhang zwischen vy und v4:

k.
U\ = —U4 (3.127)
ki

(unter Beachtung ¢ = 1). Einsetzen in die Gleichung der Energiekaskade liefert

kv
" k2 (kva) !
k3v%
~

(3.128)

Daraus ergeben sich zwei wichtige Zusammenhénge fiir das Skalenverhalten der Ge-

schwindigkeit und Wellenzahlen in starker Turbulenz

(i) ky~k L2313 (3.129)
(i3) vy ~va(k L)Y3 (3.130)

(i) zeigt die Korrelation zwischen senkrechter und paralleler raumlicher Ausdehnung
der turbulenten Strukturen. Man kann in diesem Zusammenhang auch anschaulich wie-

der von Wirbeln reden. Aus (i) erhélt man
LYk L, (3.131)

was sinngeméafl die Ausrichtung der Wirbel am Hintergrundmagnetfeld fiir grofie k)

widerspiegelt.
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Aus (ii) ldsst sich das Energiespektrum herleiten mit

2
2 U4
U)\ ki/3L2/3
$2/3
L1/3: kLZ U124 kle/S
S el sl (3.132)
KLt \ g

Aus GI[3.123] ergibt sich somit das dreidimensionale Energiespektrum, indem man iiber

den Wellenzahlraum integriert. Dadurch erhiilt man einen zusitzlichen Faktor &2 :

2 1/3
V4 k.L
E(ky, k) le0/3L1/3f< ki/?’ > . (3.133)

Somit zeigt das von GS vorgeschlagene Spektrum fiir starke Turbulenz in einer Di-
mension den Kolmogorovexponenten (o kf;/ 3), was in dreidimensionaler Darstellung
respektive einem —11/3 Exponenten entspricht. Die Aussagen des GSII Modells wer-
den durch die Berechnungen der kinetischen Wellengleichungen belegt. Auch hier soll
nicht im Detail darauf eingegangen werden. Eine analoge Beweisfiihrung zu GSI durch
Anwendung der Storungstheorie ist nicht mehr moglich, da die Storungs-Néherung ver-
letzt wird. So sind die Fluktuationen nicht mehr hinreichend schwach, dass sich der

storungstheoretische Ansatz der Linearisierung nicht mehr annehmen l&sst.
Zusammenfassend wird also von GS fiir starke Turbulenz angenommen:

e Turbulenz verstarkt sich mit zunehmender Wellenzahl &k , bis die Anzahl der Kol-
lisionen zwischen Wellenpaketen, welche die Korrelation zu deren Anfangszustand
aufhebt, gegen 1 geht. Der Ansatz der kritischen Balance beschreibt das Erreichen

der starken Turbulenz.

o Ist ( ~ 1, soist 4 Wellenwechselwirkung nicht l&nger der dominante Prozefl. Somit
ist der Inertialbereich von GSI beschrénkt. In diesem Bereich wird Turbulenz nicht
durch eine bestimmte Ordnung der Wellenwechselwirkung dominiert. So wird Tur-

bulenz gleichermafien durch nichtresonante 3 Wellenwechselwirkungen generiert.

e Die Kaskade verlauft anisotrop in senkrechter Richtung zum Hintergrundfeld und

das Energiespektrum folgt dem Kolmogorov-Exponenten.
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(GOLDREICH-SRIDHAR MODELL FUR DEN UBERGANGSBEREICH DER TURBULENZ

Zum Abschluss des Kapitels iiber Turbulenztheorie soll der Vollstandigkeit halber
noch auf das dritte Modell von Goldreich und Sridhar eingegangen werden. Montgome-
ry u. Matthaeus (1995) zeigten, dass im IK-Modell 3 Wellenwechselwirkung auftritt und
kritisierten somit die Theorie von GSI. Darauthin wurde in GSIII eine zusétzliches Bild
vorgeschlagen, dass eine Briicke zwischen schwacher und starker Turbulenz schléigt. Es
wurde in den beiden vorangegangenen Modellen gezeigt, dass beide Regimes der Turbu-
lenz in einem System vorliegen kénnen, da Turbulenz sich mit zunehmender Wellenzahl
verstiarkt. Also ist die Konsequenz anzunehmen, dass ein Ubergangsbereich exisitiert,
indem beide Modelle ihre Giiltigkeit haben. Dieser Bereich wird als intermediate Turbu-
lenz bezeichnet. Die primére Idee dieser Theorie ist es, das IK-Modell nachzuvollziehen
und dabei die 3 Wellenwechselwirkung anzuwenden. Ein wichtiger Unterschied ist bei

der Herleitung des Energiespektrums zu finden, die zwar analog zu GSI ist, aber die
Anderung der Wellenamplituden (Vergleich: G1[3.117)) mit

51})\ dl))\ 1

Uy EUA]{ZZU)\

(3.134)

beschreibt. Dieser Ansatz wird durch 3 Wellenwechselwirkung verursacht. Das hat im
Wesentlichen zur Folge, dass das Energiespektrum deutlich flacher als GSI und GSII ist,

mit
3
E(ky k)~ —= (3.135)

und vor allem, dass die Energiekaskade, im Gegensatz zum GSI- und IK-Modell, aniso-
trop ist und sich lediglich in senkrechter Richtung entwickelt. Des Weiteren wird, wie
auch schon durch die kritische Balance in GSII, damit impliziert, dass der Inertialbe-
reich der Ubergangsturbulenz stark beschrinkt ist. Das hat zur Folge, dass man auf
astronomischen Mafistaben ein solches Spektrum wohl nicht beobachten kann. Die Fluk-
tuationsstiirke ist im Ubergangsbereich der Turbulenz bereits so gro, dass auch hier die

Storungstheorie keine Giiltigkeit mehr hat.

Um eine genauere Klassifikation vorzunehmen, in welchem Bereich das jeweilige Mo-
dell anwendbar ist, werden zwei Eigenschaften der schwachen Turbulenz als Ausgangs-

punkt betrachtet:
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(1) Schwache Wechselwirkungen implizieren, dass die Anderung der Amplitude der
Wellenpakete wihrend einer Wellenperiode (siehe G1|3.119)) klein ist.

(2) Die Anderung muss hinreichend klein sein, dass eine Linearisierung im Rahmen

der Storungstheorie giiltig ist.

Entsprechend gilt GSI sofern beide Bedingungen erfiillt sind. Im Bereich der intermediate
Turbulenz (GSIII) hat nur noch (1) Giiltigkeit, obwohl die Amplitudenénderung bereits
so stark ist, dass die Storungstheorie versagt. Konsequenterweise werden durch starke
Turbulenz (1) und (2) verletzt und GSII wird giiltig.

Abschliefend sei noch erwéhnt, dass sich das vorgestellte Bild auf die Originalarbei-
ten von Goldreich und Sridhar bezieht. Dabei ist vor allem GSII fiir die starke Turbulenz
akzeptiert. Das Modell der schwachen Turbulenz wird immernoch diskutiert. Allerdings
scheinen 4 Wellenwechselwirkung nicht zwingend dominant zu sein. In der soeben ge-
nannten Klassifikation erfiillt schwache Turbulenz immer (1) und (2), wie von |Galtier
et al.| (2000)) gezeigt werden konnte, da die Stérungstheorie auch fiir schwache Turbulenz
Giiltigkeit besitzt. Vielmehr nimmt man derzeit an, dass die beiden Modelle GSI und
GSIII nicht getrennt zu behandeln sind und der Begriff | intermediate“ allgemein durch
»schwach® ersetzt wird (Lithwick u. Goldreich| (2003)). Es scheint also eine Mischung
beider Modelle giiltig zu sein. Fiir die vorliegende Arbeit ist allerdings die starke Turbu-
lenz von gréferer Bedeutung, daher soll eine tiefer gehende Behandlung der schwachen

Turbulenz hier nicht weiter verfolgt werden.

Zusammenfassend bieten die Arbeiten von Goldreich und Sridhar die derzeit beste
Basis fiir Modelle der inkompressible MHD-Turbulenz. Sie beschreiben Turbulenz kon-
sistent durch Wellenwechselwirkungsprozesse unterschiedlicher Ordnung und erkléaren
die beobachteten Energiespektren. Vor allem lésst sich durch GSII im Regime starker
Turbulenz der Kolmogorovexponent —5/3 herleiten, was bis dahin nicht fiir magnetisier-
te Plasmen moglich war. Im Ergebnisteil dieser Arbeit wird dem Leser die Bedeutung
dieser Modelle ersichtlich.
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3.3. Teilchentransport

Der letzte Grundpfeiler, der dieser Arbeit zugrundeliegenden Theorie, ist der Transport
von Teilchen. Es wird durch die Simulation der Teilchendynamik eine, im Rahmen der
numerischen Genauigkeit, relativ exakte Modellierung des Teilchentransports gewéhr-
leistet (fiir weitere Details soll auf Kapitel verwiesen werden). Die physikalischen
Vorgéange, wie die Teilchenbewegung und Streuungen, werden durch die Reaktion der
Teilchen auf die magnetischen und elektrischen Felder des Hintergrundplasmas vermit-
tels der Lorentzkraft, realistisch modelliert. Das bedeutet, das in dem Modell dieser Ar-
beit ein Hybridcode verwendet wird, der zum einen die kollektive Plasmabewegung durch
die MHD-Theorie darstellt und zum anderen das kinetische Regime der Einzelteilchen
beschreibt. Die zugrundeliegende Idee, eines solchen Mischmodells ist die Mdéglichkeit
Szenarien zu untersuchen, wie sie unter Kapitel [2[ vorgestellt wurden; der turbulente
Sonnewind folgt dem Regime der MHD, wéhrend die hochenergetischen Teilchen, die
mafgeblich durch den SW beeinfluft werden, wie z.B. in SEP-Ereignissen, einer ki-
netischen Betrachtung bediirfen. Um aus den daraus resultierenden Messgrofien eine
angemessene Theorie des Teilchentransports zu finden, muss man dennoch vom Einzel-

teilchenbild Abstand nehmen.

Schon in Kapitel wurde die Idee einer statistischen Beschreibung eines Plasmas
dargestellt. Der gleiche Formalismus ldsst sich folglich auch zur Modellierung des Teil-
chentransports benutzen. Auch hier steht erneut die Vlasov-Gleichung im Mittelpunkt.
Diese soll im ersten Unterkapitel an die Problemstellung angepasst werden. Auf-
grund der Limitierung durch die derzeit mogliche Rechenleistung ist auch hier leider
eine vollstdndige Beschreibung des Transports nicht moglich. Man ist also erneut auf
Néherungen angewiesen. Eine zentrale Rolle spielt hierbei die quasilineare Theorie (im
Folgenden auch QLT), die in Kapitel eingefithrt wird. Durch diese Theorie lésst
sich der Transport durch ermitteln der sogenannten Fokker-Planck-Koeffizienten bestim-
men. Die Annahmen der QLT sind allerdings nur unter sehr stringenten Bedingungen
moglich. Daher gewannen in den letzten Jahren andere Modelle an Bedeutung, die aller-
dings erheblich rechenaufwendiger sind. In Kapitel sollen die Schwéchen der QLT

und mogliche Alternativen aufgezeigt werden.

Des Weiteren gehen die folgenden Kapitel von sogenannten Testteilchenbeschreibun-

gen aus. Das heifit, die Riickwirkung der Teilchen auf die Felder wird vernachléssigt.
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Somit sind Plasma- und Teilchendynamik voneinander entkoppelt. Man kann sich leicht
vorstellen, welche Rechenkapazitét eine selbstkonsistente Modellierung realistischer Plas-
men zur Folge hétte, wie es beispielsweise in reinen Vlasov-Maxwell-Modellen versucht
wird. Eine solche Annahme ist also fiir die Anwendbarkeit dieser Theorie unabdingbar,
im Speziellen auch deshalb, weil im Rahmen eines Hybridmodells eine klare Trennung
zwischen Fluidbeschreibung und kinetischer Beschreibung angenommen werden muss,

da beide Theorien in physikalisch verschiedenen Regimes angesiedelt sind.

3.3.1. Statistische Beschreibung des Teilchentransports

Gemafl Kapitel ist die Teilchenverteilung durch die Phasenraumdichte in GI.
gegeben. Durch den Satz von Liouville ist man fiir fr(x,v,t) schlieBlich auf die Vlasov-
Gleichung gekommen. Teilchentransport, speziell fiir die hochenergetischen Teil-
chen der Heliosphére oder der kosmischen Strahlung, findet in der Regel im relativis-
tischen Bereich statt. Der Unterschied liegt folglich in der Bewegungsgleichung die den

Gammafaktor tragt:

dx P
= == 3.136
Y dt  my ( )

Somit ist die relativistische Vlasov-Gleichung durch

%_aﬁ_i_ﬂ %4_ (cE(x,t) +v x B(x,t)) %

dt ~— ot  my oz ¢ op = Sr(x,p,t)  (3.137)

gegeben. Der Kiirze wegen, soll an dieser Stelle auf weitere Details verzichtet werden.

Eine genauere Herleitung der Problematik wurde bereits in [Lange (2008) durchgefiihrt.
Wichtig fiir das Folgende ist jedoch der Ubergang in ein passendes Koordinaten-

system. Da geladene Teilchen der Masse m;, sowie der Kernladungszahl Z; unter dem

Einfluss eines Magnetfeldes B um die Feldlinien mit der Frequenz

ZeB
Q= 2k (3.138)
ym;c
und dem Larmorradius
)
rp = ﬁT (3.139)
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gyrieren, bietet es sich an in Kugelkoordinaten des Fiihrungszentrums der Teilchen iiber

zu gehen. Die Gyrationsbewegung wird vom Ortsvektor

v X e,
+Q

RX,)Y,Z)=x+ (3.140)

absorbiert. Das Vorzeichen im Nenner ist entsprechend der Ladung der Teilchenspezies

zu wahlen. Die sphérischen Koordinaten werden durch den Pitchwinkel

(3.141)

den Winkel in der z — y-Ebene ® und dem Impulsbetrag p bestimmt. Es ergeben sich

somit folgende Koordinatentransformationen:

Pe =P\ 1— p?cos®

py=p\1—p?sin®

P=DPH

x—X——p\/l—,u sin

yzY—i—%p\/l—/ﬂcosCD
450

=2 (3.142)

Unter diesen Transformationen in das neue System der Koordinaten X, lésst sich die
relativistische Vlasov-Gleichung durch

OFr 0FT Q@FT 1 0

ot +v 8Z 8_gz5 + Pa—XU(@QQXUCSfT» = Sr(Xo, 1) (3.143)

ausdriicken. Die einzelnen Herleitungsschritte sollen hier nicht gezeigt werden (nachzule-

sen entweder in |Schlickeiser| (2002) oder Lange| (2008)). Wichtig ist hierfiir die Annahme,

dass die Fluktuationen der Felder klein sind, so dass der aus dem vorangegangenen Ka-
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pitel bereits bekannte Storungsansatz gemacht werden kann

E =0E(z,t)
B = B, +¢B(x,1)
(E(x,t)) =0
(B(z,t)) = By. (3.144)

Des Weiteren steht gx, in Gl. [3.143| fiir die generalisierten Krdfte. Sie beschreiben im
Wesentlichen die Wirkung der elektromagnetischen Felder auf die Teilchen und sind
letztendlich die zeitlichen Ableitungen der dazugehorigen Koordinaten. So entspricht

beispielsweise g, = fi. Die Funktion Fp reprisentiert den Erwartungswert (fr) und
dfr(z,v,t) = fr(xz,v,t) — Fr(x,v,t) (3.145)

ist die Abweichung des Mittelwerts vom Momentanzustand der Teilchenverteilung.

3.3.2. Quasilineare Theorie

Die quasilineare Theorie geht zunédchst von den bereits unter Gl. getroffenen Be-
dingungen aus. Die eigentliche Ndherung der QLT ist jedoch die Annahme, dass Teil-
chen sich auf ungestirten Trajektorien bewegen. Genauer gesagt die Fiihrungszentren
der Teilchen. Dies entspricht dem Nullsetzen der mittleren Wirkung der generalisier-
ten Kraftterme, (gx,) = 0, die in Gl definiert wurden. Die Konsequenz ist, dass
nichtlineare Terme der Fluktuationen im Mittel als vernachléssigbar klein angenommen
werden, das System folglich quasilinear ist. Grundlegend fiir diese Methodik war die
Arbeit von Jokipii| (1966]). Darin wurde im Wesentlichen damit argumentiert, dass die

Zweipunkt-Korrelationsfunktion die Teilchendiffusion ausreichend beschreibt.

Unter den Annahmen der QLT reduziert sich die Vlasovgleichung (Herleitung bereits
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in Lange (2008))) zu folgender Form

oFr OFr oFr
W_{— 8_Z_Qagb =Sr(X,,1)

1 0 (‘9FT .
— : (X . .14
D):x’o

Dabei wurde zur Herleitung dieser Gleichung u.a. die Lésungsmethode der Charakteris-
tika benutzt. Die Notation mit dem Dach-Symbol, steht fiir Gré8en entlang der Charak-
teristika. Gl.[3.146] wird auch als Fokker-Planck-Gleichung bezeichnet. Sie wird durch die
gleichnamigen Fokker-Planck-Koeffizienten Dy y definiert. Wichtig ist die Annahme,

dass die Entwicklungszeitskala hinreichend grof3 ist, also ¢ — co. Im Speziellen soll der

Koeffizient
t+At d ( )d ( )
dty dt
Do = ZAt// ! 2< dt,  dt >

- }5& 2At
Avﬁ

— lim —1I 14
s 2A (3.147)

betrachtet werden. Man beachte die eben erwédhnte Abhéngigkeit der Zweipunkt — Kor-
relationen und dementsprechend dass Fehlen derer hoherer Ordnungen. D, ist von be-
sonderer Bedeutung. Dieser Koeffizient beschreibt die Streuung des Pitchwinkels eines
Teilchens. Streuvorgénge sind im Bild der QLT resonante Welle-Teilchen-Interaktionen,

die der Bedingung
kyworp — ww —nfp =0 (3.148)

gentigen (Schlickeiser| (1989)). Die mit W indizierten Grofien entsprechen Eigenschaften
der Welle (parallele Wellenzahl ks und Kreisfrequenz wyy), respektive T', denen des
Teilchens (parallele Ausbreitungsgeschwindigkeit vy und Gyrationsfrequenz Gl. .
Die Ordnung der Resonanz wird durch n € Z bestimmt. Da die Wechselwirkung zwischen
Welle und Teilchen fiir diese Arbeit von grofler Bedeutung sind und deren Grundlagen

fiir spétere Simulationen verstanden werden miissen, soll nun dieses Formalismus genau-
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er beleuchtet werden. Die Bedingung leitet sich aus der Anderung des Pitchwinkels
ab, die durch eine Streuung verursacht wird. Im engeren Sinne interagiert ein gelade-
nes Teilchen mit der Magnetfeldstorung 6B, die durch eine Alfvénwelle hervorgerufen
wird und verlésst seine ungestoérte Gyration. Es muss demnach die Korrektur durch die
Impulsénderung in paralleler Richtung berechnet werden, da p% = “. Die zeitliche
Ableitung des parallelen Impulses gewinnt man aus der Lorentzkraft mdem man den

v X 0 B-Term ausfiihrt:

dp ec ,

d—t” = o5 O (Fi)piodBs, (3.149)
+

wobei E die als konstant angenommene Energie des Teilchens ist. Der parallele Impuls

des Teilchens bleibt in der ungestérten Gyration unverdndert wéhrend p, = p, +ip, =

p1oexp|Fif2t] durch die Kreisbewegung moduliert wird. Dementsprechend wird die zeit-

liche Anderung von p durch

dt =58 g Ti)p.o exp[Fi(do — Qb)|0B.(r) (3.150)
bestimmt. Durch die Zerlegung des Magnetfeldes der Welle in dessen Fouriermoden

6B (r) = 8;3 / d*kd B (k) exp (ikr) (3.151)

und dem Umschreiben der Exponentialfunktion mit den parallelen Komponenten von k

und 7, durch die erzeugenden Besselfunktionen J,

exp (izsin0) Z Jn(2) exp (inf) (3.152)

n=—0oo

erhilt man die Anderung von p mit den getrennten Anteilen paralleler und senkrechter

Komponenenten
dp _ ec . .
dt 2 E (:Fl)plo eXp[:FwSO]
1 3 kivy
‘o5 | Tk 0BL(k Z T ( >
- exp [—in(¥ — ¢g) + it(lﬂﬂ)no + Q — nQ)] (3.153)
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mit dem Polarkoordinatenwinkel ¥ in der &, -Ebene (k = (ki cos (V), k sin (¥), k)7).
Dieser Ausdruck lésst sich fiir Alfvénwellen dahingehend vereinfachen, da die Fluktua-
tionen in Richtung k x B, liegen und somit 0 By (k) = d B(k)(Fi) exp(£iV). Die zeitliche

Integration liefert schliefllich einen Ausdruck fiir p

__eopio [ MO (ko
i KC)Y (Bt ) expinw - o)

t
. / dt’ exp [it,(k”UHO - TLQ)] + Lo. (3154)
0

Durch die Anwendung der Definition [3.147| ldsst sich somit ein Ausdruck fiir D, fin-
den. Dazu muss (ApApu) berechnet werden. Mit Gl. [3.154) und mit (§B(k)dB * (k')) =
(27)5P(k) §(k — k') erhilt man

n?Q? 2

e ply s
ApAp)y =——=Fd% P
(Andpy) =5tk ("’);kivi

/0 dt,/o dt" exp [i(t/ — t”)(k”’UHO — n)]. (3.155)

Die Zeitintegration lésst sich fiir £ — oo durch

t t
/ dt// dt” exp [i(t/ — t”)(kHUHO — n)]
0 0
~ 21t (kyjvjo — nk2) (3.156)

nidherungsweise ausdriicken. Folglich ist

2.2
D, = o (1—u2)/d3k P(k)

n2)? kiv
. Z k2 3 Ji ( BL) 5(]6”1)“0 — nQ) (3.157)
n 1

Physikalisch bedeutet diese Gleichung, dass ein Teilchen mit einer Wellenmode in dis-
kreten Intervallen n resonant wechselwirkt. Fiir n = 0 findet keine Streuung mit den
Scherwellen statt, was daher riihrt, dass Alfvénwellen nicht mit Teilchen interagieren
kénnen, die sich entlang B, bewegen. Diese sogenannte Cherenkov Resonanz kann da-

her ausschliefSlich von pseudo Alfvénwellen generiert werden. Fiir n = 1 dominiert die
parallele Komponenente der Welle und Gl. [3.148| ist anwendbar. Fiir |n| > 1 werden die
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Besselfunktionen und somit die senkrechten Anteile der Welle entscheidend. Fiir diesen
Fall ist demnach J?2 (%) nicht zu vernachléssigen. Des Weiteren wurde in der Herlei-
tung dieser Gleichung angenommen, dass die Zeitentwicklung hinreichend grof ist. Man
kann sich darunter vorstellen, dass eine Welle zunéchst im ballisitischen Regime mit
beliebigen Teilchen interagiert, aber nur jene Teilchen effektiv gestreut werden, die nahe
der Resonanzbedingung liegen. Ist die zeitliche Entwicklung weit fortgeschritten, also
nach einigen Welle-Teilchen-Wechselwirkungen, nihert sich die Verteilung immer mehr
einer )-Funktion an. Teilchen, deren Pitchwinkel die Resonanzbedingung nicht erfiillen,

werden im Mittel nicht gestreut.

Aus der Pitchwinkelstreuung lassen sich wichtige Grofien, wie die mittlere freie Weglén-

ge eines Teilchens ableiten

3 +1 (1 _ Iu2)2 2At(1 _ Iu2)2
N(w) = 2 / e S (3.158)

welche man aus der Messgrofle der Winkelverteilung und Monte—Carlo Simulationen
gewinnt (Agueda etal. [2009). Am Beispiel des Pitchwinkelkoeffizienten D, sei noch
erwahnt, dass bei numerischer Behandlung die Integration in Gl. wie gewohnt
diskretisiert wird. Es kommt noch eine weitere Summe {iber die Anzahl der Teilchenrea-
lisierungen hinzu, da fiir eine hinreichend gute Statistik iiber viele Trajektorien gemittelt

werden muss. Somit ist

IS8

t
1 en ) )
Dyp(Xo, 1) = E N As [1(s)fultena), (3.159)
T

T

s=

=]

wobei diese Definition als Kuboformalismus bezeichnet wird (Kubo| [1957).

Wie man schon aus den oben stehenden Erkenntnissen ableiten kann, beschreibt die
Fokker-Planck-Gleichung (im Folgenden auch FP-Gleichung) offensichtlich die Diffusi-
on von Teilchen. So findet man eine zweifache rdaumliche Ableitung in Gl im
Term der FP-Koeffizienten. Bei genauerem betrachten erkennt man ebenso Driftterme.
In der Tat ist die FP-Gleichung eine Diffusions-Drift-Gleichung der Struktur (hier im

eindimensionalen Beispiel einer Wahrscheinlichkeit p(z,t))

2

o Dafa Op(e, 1] — 2 (D p, 1) (3.160)

t) ==
:L‘7) QIQ

Pl
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mit dem Driftkoeffizienten D; und dem Diffusionskoeffizienten D,. Sie lasst sich aus der
Chapman-Kolmogorov-Gleichung herleiten, die eine allgemeine zeitliche Entwicklung von
Wahrscheinlichkeiten modelliert, sofern p(x,t) ,,ohne Gedéchtnis® ist, sich also lediglich
aus dem letzten vorangegangenen Zustand ergibt. Solche unkorrelierten Vorgénge werden
im Einzelnen als Markov-Prozesse, im Sinne einer Entwicklung auch als Markovketten be-
zeichnet. Diese Prozesse sind eine notige Voraussetzung, falls man den Teilchentransport
durch die FP-Gleichung beschreiben will. Im Rahmen der linearen Stérungstheorie der
QLT, werden implizit Markovketten angenommen. Es liegt also Nahe, dass der Giiltig-
keitsbereich der QLT dahingehend eingeschriankt ist. Bei genauerer Untersuchung der
soeben vorgestellten Theorie, offenbaren sich weitere Probleme. Diese sollen im letzten
Abschnitt diskutiert werden.

3.3.3. Alternativen zur QLT

Die bereits angesprochenen Markovprozesse sind nétig um die Giiltigkeit der FP-Gleich-
ung zu gewahrleisten. In der Anwendung der QLT und somit bedeutend fiir die Ent-
wicklung der Teilchenverteilung wird diese Bedingung durch die Autokorrelationszeit
Tac widergespiegelt. Dieses Zeitintervall gibt an, wann ein Teilchen auf eine, zum vor-
angegangenen Zustand unkorrelierte, Feldkonfiguration trifft (Volk (1973)). So ist die
Aussage von Gl. nur dann korrekt, wenn 7o¢ deutlich kleiner als At ist. Auflerdem
muss At wiederum kleiner sein, als die Relaxationszeit der Teilchenverteilung fr(x, v, t).
Nach (Chandrasekhar| (1943)) muss 7ac folglich hinreichend klein sein.

Die Grundanahme der QLT ist die Bewegung der Teilchen auf ungestérten Bahnen.
Diese Annahme ist nur haltbar, wenn die fluktuierenden Feldanteile 6 B klein gegeniiber
dem Hintergrundfeld sind, da sonst zwischen den beiden Komponenten nicht mehr un-
terschieden werden kann. In realen Plasmen sind diese Abweichung jedoch so grof3, dass
lokale Feldkonfigurationen eine erhebliche Grofie annehmen und konsequenterweise die
Teilchen nicht lénger ungestorten Trajektorien folgen. Dementsprechend lésst sich ei-
ne weitere Einschrinkung der QLT definieren. So konnte Dupree (1966) zeigen, dass
die quasilineare Theorie anwendbar ist, sofern 7o¢ sehr viel kleiner ist, als das Zeitin-
tervall 7pp, innerhalb dessen ein Teilchen signifikant seinen ungestorten Orbit verlasst.

Korrekturen der QLT werden nétig wenn 7ac < 7pp.

Ein weiteres Problem der QLT ist die unbefriedigende Darstellung von Teilchen, die
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sich nahezu senkrecht zum Hintergrundfeld bewegen, fiir die also p ~ 0 ist. Fiir solche
Teilchen wird demnach die parallele Geschwindigkeitskomponente gegen Null gehen, was
im FP-Modell die Pitchwinkelstreuung verschwinden lasst. Tatsdchlich wird aber 74¢ so
grof}, dass die eben herausgearbeiteten Bedingungen nicht langer valide sind. Selbst wenn
man weiterhin vom Fokker-Planck-Modell ausgeht, erhélt man fiir v ~ 0 Singularitdten
in der mittleren freien Weglénge (Gl. und in der Resonanzbedingung . In
Systemen, die kleiner als A sind oder in vergleichbarer Grofie, unterliegt der Teilchen-
transport nicht mehr der Diffusion, sondern folgt dem Knudsen-Fluss (VOlk| (1973)).
Ist dies der Fall, fehlt auch die Rechtfertigung der Diffusionsndherung. Demnach bricht
das Bild der Fokker-Planck-Beschreibung durch eine Diffusions—Drift- -Gleichung vollig

zZusaminerl.

Hasselmann u. Wibberenz (1970) konnten einen Zusammenhang zwischen der Giiltig-
keit der QLT und dem Turbulenzspektrum herstellen. So scheinen die FP-Koeffizienten
nur aussagekréftig zu sein, sofern das parallele Spektrum nicht zu steil ist. Als Grenze
wird hierbei fiir ein Spektrum E(kj) ~ k:ﬁ‘ der maximale Exponent o &~ —2 angegeben.

Fiir steilere Spektren, also a < —2, sind Korrekturen nétig.

4 D(m)
Do)
1 no/V Nofv 1 T]/ v
Abbildung 3.4.: Verlauf des Pitchwinkelkoeffizienten gegen i+ ~ p aufgetragen, mit

Uberlagerung der Lisung der quasilinearen Theorie (im Plot als D, notiert) mit Kor-
rekturen der nichtlinearen Terme fiir den Bereich pu =~ 0, was einer verschwindenden
parallelen Geschwindigkeitskomponente entspricht. Der Plot wurde | Vélk (1975) entnom-
men.
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Eine moglich Alternative wurde von Volk (1973)) vorgeschlagen. In dieser Arbeit wer-
den Terme nichtlinearer Ordnung in die Herleitung von D, einbezogen. Dennoch wird
das Ergebnis der QLT fiir den Bereich ausgeprégter v| benutzt. Somit entspricht dieses

Modell zum einen der QLT mit dem Pitchwinkelkoeffizienten in analytischer Form

2
6 e 2 , o [ NS o [(kivy
DEM—W<%> vy %:;qu—m)lw(k)l (lmu) Jn( O ) (3.161)

wobei implizit die Welle-Teilchenresonanz aus Gl. [3.148| angenommen wurde. Zum ande-

ren wurde die Korrektur durch die nichtlinearen Terme in erster Ordnung vorgenommen,

um die Schwiche der QLT fiir © =~ 0 zu iiberlagern. Damit ergibt sich fiir kleine Betrége
des Pitchwinkels der Koeffizient

0.5(a+1)
3—023202 QO-5(3a+5), (3.162)

D, (0)3+)/2 — _
/W( ) Oé—i—%

indem der Exponent des Turbulenzspektrums « mit eingeht. C' ist dabei die Normierung
des Spektrums. In Abb. ist der Verlauf dieser Uberlagerung fiir ein Spektrum mit

a = —2 dargestellt. Es ist ein deutlicher Unterschied zum Ergebnis der QLT zu erkennen.

Das Modell von V6lk basiert dennoch zum Teil auf den Annahmen der quasilinearen
Theorie, vor allem in Bezug auf die senkrechte Diffusion. Zwar wurden die nichtlinea-
ren Korrekturen betrachtet, aber die Fiithrungszentrumskoordinaten X (¢) und Y'(¢) sind
weiterhin Null. Dieses Problem wurde in der weakly nonlinear theory (kurz WNLT) von
Shalchi et al| (2004) verbessert. Die WNLT ist die erste Theorie, welche die Effekte der
Ablenkungen der Teilchen aus ihren ungestérten Orbits beriicksichtigt. Dafiir wurden
Ansétze der nonlinear guiding center theory von Matthaeus et al. (2003) benutzt um
X(t) und Y(t) durch eine nichtlineare senkrechte Entwicklung zu erweitern. Der dar-
aus hergeleitete Pitchwinkelkoeffizient (der Ubersicht halber soll hier auf die detaillierte
Form verzichtet werden), wird um nichtlineare Effekte erweitert. Wichtig ist hierbei
eine Steuerungsfunktion, die das Mafl der Nichtlinearitit bestimmt und im Grenzfall
das Ergebnis der QLT erzeugt. Auflerdem wird in dieser Theorie der Streuvorgang in
einen parallelen (slab), sowie einen senkrechten Anteil zerlegt. Dementsprechend wer-
den zusétzlich neue Formen von D, fir eine effektiv zweidimensionale Turbulenz in

senkrechter Richtung erzeugt, so dass sich der Pitchwinkelkoeffizient aus der Summe der
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Komponenten
Dy = Di* + D, (3.163)

ergibt.

Eine vollig andere herangehensweise bietet die Messung des Diffusionsstromes der zu
untersuchenden Grofle im Rahmen einer Simulation. Wieder am Beispiel des Pitchwin-
kels, wire es der Diffusionsstrom von D,,,,. Dazu geht man wie folgt vor. Zunéchst werden
Teilchen kontinuierlich mit pq initialisiert. Sobald eine Diffusion statt gefunden hat, also
D,, # 0, werden entsprechende Teilchen, die nun ihren Pitchwinkel um Ay gedndert
haben, wieder aus dem System entfernt. Dementsprechend entsteht durch den andau-
ernden Fluss zwischen Initialisierung, Diffusion und Entfernen, ein Gleichgewicht und
somit ein Diffusionsstrom. Dieser ist eine korrekte Losung der Diffusionsgleichung und
umgeht somit die Probleme der QLT. Lediglich die Annahme eines zugrundeliegenden

Diffusionsprozef§ ist notig.

3.3.4. Selbstgenerierte Wellen und Plasmainstabilitdten

In den vorangegangenen Abschnitten wurden Welle-Teilchen-Interaktionen diskutiert.
Dabei lag der Fokus stets auf der Wirkung von Plasmawellen auf Einzelteilchen. Im
letzten Kapitel der Theorie soll schlieSlich noch erértert werden, welche Effekte sich auf
das Plasma auswirken. Prinzipiell muss fiir eine vollstdndige Beschreibung dieser Pro-
blematik die Theorie der Plasmainstabilititen eingefithrt werden. Diese beschreibt die
Entwicklung einer Stérung in einem Plasma, welche, falls nicht sofort geddmpft (stabiles
Plasma), anwachsen kann und dabei Wellen erzeugt. Durch eine Plasmainstabilitét wird
folglich die Dispersionsrelationen der Plasmawellen modifiziert. Aufgrund der immensen
Vielfiltigkeit solcher Instabilitdten, die verschiedenste Plasmamoden anregen kénnen,
soll hier nur der, fiir die vorliegende Arbeit relevante Mechanismus diskutiert werden,
die sogenannte Stromungsinstabilitit. Diese wurde bereits implizit in dem Ph&nomenolo-
giekapitel verwendet, da das Hintergrundplasma des Sonnenwindes durch das anisotrope
Einstromen von hochenergetischen Teilchen, z.B. durch Flares und CMEs, massiv gestort
wird. Dabei werden, abhéngig von der Energie der einstromenden Teilchen, durch nichtli-
neare Prozesse, Alfvénwellen erzeugt (vgl. Kapitel. Der interessierte Leser kann sich
einen sehr guten Uberblick iiber das Gebiet der Plasmainstabilitéiten in [Melrose (1989)
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und Koskinen| (2011) verschaffen, an denen sich auch dieser letzte Abschnitt orientiert.

Der zentrale Prozess bei der Ausbreitung von hochenergetischen Teilchen in ma-
gnetisierten Plasmen, ist die bereits diskutierte Welle-Teilchen Wechselwirkung. Dabei
interagiert ein Teilchen mit Impuls p durch seine Geschwindigkeitskomponente vy mit

dem Wellenvektor ky einer Welle der Frequenz wy resonant, sofern die Bedingung
kwvrp —ww —nfdpr =0 (3.164)

erfiillt ist (Schlickeiser| (1989), siehe auch Gl. |3.148)). Bei dieser Interaktion andert sich
die Energiedichte W der Welle demnach um

AW (k)
dt

— _T(k)W(k), (3.165)

wobei je nach Vorzeichen des Koeffizienten I' die Welle an Energie gewinnt oder verliert.
Respektive wird das Teilchen entweder beschleunigt oder abgebremst. Durch die Anwen-
dung der quasilinearen Theorie, kann man die Wellenwachstumsrate abhingig von der

Gesamtverteilungsfunktion f(r,p,t) der wechselwirkenden Teilchen mit

1 dW (k)
Lk = 57—
IR PR 2,01
= o [ ot = s + 05 (3.166)

angeben (Vainio [2003)). Die §-Funktion stellt hierbei die Resonanzbedingung dar und
lasst sich nach [Skilling| (1975)) und Bell (1978) unabhéngig von p darstellen. Somit ver-

einfacht sich die Wachstumsrate zu

+1
I(r,p,t) = ——27T/ dpopp’ f

= ———S8(r,p,t). (3.167)

Die Funktion S(r,p,t) steht fir die Verteilungsfunktion der einstromenden Teilchen,
da durch die Integration die effektive Anzahl der Teilchen, die eine Einheitsfliche mit
bestimmten Einheitsimpuls im Einheitszeitintervall passieren, dargestellt wird (Vainio

2003). Gl. [3.167] zeigt sehr anschaulich, wie einzelne Wellenmoden durch einen Strom

einer bestimmten Teilchenpopulation, wie z.B. SEPs, angeregt werden kénnen.
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Das eben beschriebene Wellenwachstum entspricht genau den Vorgéngen, die in Ka-
pitel durch den Fermi-Prozess an einem Schock erkléirt wurden. In der Tat besteht
die Schockregion aus selbstgenerierten Wellen, die beispielsweise durch den koronalen
Masseauswurf entstehen. Die Wellenspezies die fiir SEP-Ereignisse besonders in Frage
kommt sind die bereits angesprochenen niederfrequenten Alfvénwellen. Diese werden
vorzugsweise durch SEPs generiert und treten iiber Gl. im Gegenzug wieder mit
den Protonen in Wechselwirkung (Reames [1989)). Man kann sich leicht vorstellen, dass
ein Teilchenstrom mit hohem Impuls beim Durchlaufen der Schockregion seine Energie
teilweise auf Alfvénwellen {ibertragt. Fiir darauffolgende Teilchen wird somit die mittlere
freie Weglénge reduziert, da die Streuwahrscheinlichkeit an der verstérkten Mode erhht
ist. Dieser Effekt ist als Stromungslimitierte Intensitit von SEPs bekannt und wurde aus-
giebig von Ng u. Reames| (1994) und Reames u. Ngj (1998)) untersucht. So zeigen Messun-
gen von sukzessiven SEP-Ereignissen eine obere Grenze der Intensitédten, abhéngig von
der Teilchenenergie. Ein wichtiger Hinweis auf den Mechanimus selbstgenerierter Wellen
ist auBlerdem der starke Intensitéitsanstieg, wenn die Schockfront (natiirlich abhéngig
vom rdaumlichen Messbereich im Schock, siehe Kapitel die messende Raumson-
de erreicht. Dieser ist dadurch zu erklédren, dass durch die Welle-Teilchen-Interaktionen
die Teilchen voriibergehend in der Schockfront gefangen werden und somit effektiv eine

hohere Teilchenintensitét innerhalb und nahe des Schocks vorliegt.
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4. Methodik

Dieses Kapitel widmet sich der technischen Umsetzung der vorgestellten Thematik.
Im Wesentlichen geschieht dies in zwei Teilen. Zum einen durch Losung der MHD-
Gleichungen zur Simulation eines Plasmahintergrundes, zum anderen durch Berechnung
der Lorentzkraft fiir Testteilchen, die sich eben in diesen Plasma bewegen. Aus den in
Kapitel und diskutierten Griinden, sind beide Systeme von einander getrennt
und interagieren nur iiber den Austausch der magnetischen und elektrischen Felder. Wie

bereits erwihnt ist eine Riickwirkung der Teilchen auf das Plasma hierbei nicht moglich.

Der Hauptanteil der vorliegenden Arbeit liegt in der Plasmasimulation. Daher soll
zunéchst die verwendete Losungsmethodik der MHD-Gleichung beschrieben werden.
Anschlieend wird das numerische Losungsverfahren der Lorentzkraft diskutiert. Bei-
de Algorithmen werden von einem vollstéindig parallelisierten, objektorientiertem C++

Programm iteriert, welches am Ende dieses Kapitels vorgestellt wird.

4.1. Numerik der Plasmasimulationen

Kernpunkt der Plasmabeschreibung sind die MHD-Gleichungen der Form, wie sie in Ka-
pitel vorgestellt wurden, im Speziellen deren Wellendarstellung durch die Elsésser-
variablen in den Gleichungen —[3.64] Diese Gleichungssysteme sind i.A. nicht mehr
analytisch losbar, daher muss man zu einer numerischen Beschreibung iibergehen, folg-
lich das System diskretisieren und iterativ 16sen. Das Problem der Modellierung eines
turbulenten Plasmas besteht darin, dass aufgrund der Dynamik des Systems sich Schock-
regionen ausbilden kénnen, also starke Anderungen der Feldkonfigurationen auf kleinen
rdumlichen Skalen. Dies kann zu Unstetigkeiten fithren, die in der Mathematik als Rie-

mannproblem bezeichnet werden.

Es gibt zahlreiche Losungsverfahren, sogenannte Riemannldser, wie beispielsweise die

stiickweise Linearisierung durch das Godunov-Verfahren (Zrake u. MacFadyen [2012).
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Eine andere Moglichkeit bietet die Gewichtung von links- und rechtsseitiger, sowie zen-
traler rdumlicher Ableitung durch das Centrally weighted essentially mon-oscillatory,
kurz CWENO-Schema (Kissmann [2006)). Ein deutlicher Nachteil dieser Verfahren liegt
in der erheblichen numerischen Dissipation, die implizit und somit nicht steuerbar ist.
Gerade fiir Beschreibung turbulenter Systeme stellt dies eine Hiirde dar, sofern man

einen Inertialbereich iiber mehrere Wellenzahlen modellieren mochte.

Eine sehr gute Alternative bietet die Umgehung der raumlichen Ableitungen durch
spektrale Losungsmethoden. Diese konnen ein System partieller Differentialgleichungen
durch eine geeignete Transformation vermittels einer Ansatzfunktion in ein System
gewohnlicher Differentialgleichungen iiberfithren. Die Wahl der Ansatzfunktion héngt
von der Problemstellung ab, zumeist werden aber Tschebyscheff-Polynome oder Fou-
rierentwicklungen gewahlt. Nichtlineare Systeme, wie turbulente Plasmen, miissen den-
noch teilweise im Realraum behandelt werden. Solche Verfahren sind eine Unterklasse
der spektralen Behandlung und werden als pseudospektrale Methoden bezeichnet. Dabei
bietet sich numerisch die Wahl von Fast-Fourier-Transform Algorithmen an, also eine
Losung der Gleichungen im Fourier- oder Wellenzahlraum. Diese Methodik wurde im
Rahmen dieser Dissertation zur Plasmasimulation gewahlt und soll nun im folgenden

Abschnitt erlautert werden.

4.1.1. Pseudospektrale Methodik

Wie bereits erwahnt, eignen sich pseudospektrale Verfahren sehr gut zur Modellierung
nichtlinearer Systeme. Dabei findet bei fluiddynamischen Problemen zumeist die Fou-
riertransformation als Ansatzfunktion Anwendung. Mit einem exponentiellen Verlauf
konvergiert diese numerische Methode, verglichen mit anderen, duflerst schnell (Canuto

1988). Durch die Wahl der Fouriertransformation in dreidimensionaler Form

FT(f(x)) = F(k)=c- /d% e f(x), (4.1)

mit deren Inversion

FT7Y(f(k)) = F(x) = c- /d3k ek f(k), (4.2)
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der Normierung ¢ und unter Vorraussetzung der Vertauschbarkeit von Differentiation
und Integration, die bei Fourierintegration nach der Leibnizregel immer gegeben ist, ge-
hen rdumliche Ableitungen verloren. So ist die Fouriertransformierte der vektorwertigen

Funktion

f(x) = Vu(z) (4.3)

in ihrer Wellenraumdarstellung durch
F(k)=c- / d*x e**Vu(x) = iki(k) (4.4)

gegeben, wobei die Tilde-Notation im Folgenden fiir Variablen des Fourierraums steht.

Eine Transformation der MHD-Gleichungen - fithrt somit zu

%_1; - / &’z ¢ (b Vb) — / o * (u-Vu) = ikP - v, k"G, (45)
% - / &z *® (b V) - / &’z ¢** (- Vb) — v, kb, (4.6)
ki =0, (4.7)
k-b=0, (4.8)

wobei an dieser Stelle offensichtlich wird, weshalb eine ganzheitliche Fourierraumbe-
schreibung der Magnetohydrodynamik nicht moglich ist. So lassen sich die nichtlinearen
Terme, sowie die SchlieSungsbedingung in Gl. nicht beliebig vertauschen, so dass
i.A. u-Vu - ku? gilt. Daraus ergibt sich die Konsequenz, dass nicht trivial moglich ist
die nichtlinearen Terme im Fourierraum zu berechnen, da z.B. @ - @ # w - u. Dennoch
lasst sich eine geschlossene Darstellung des Gleichungssystems finden, sofern man eine
komponentenweise Formulierung wahlt, die hier als Komponenten «, 3, v notiert werden.
Im Folgenden soll die Einsteinsche Summenkonvention benutzt werden, also wird iiber
gleiche Indizes summiert. Beginnt man zunéchst mit dem Druckterm, ist dieser durch

VP =ik, (5043 - szﬁ ) (@1 = baby ) + ik (@275 — babs) (4.9)
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gegeben (Lesieur| [1990)). Fiihrt man das Kronecker-Delta aus, erhdlt man mit

ik 0 (310 — bgby ) = =iy (2T, — bab, )

— —iky (@lis — babs) (4.10)
einen Ausdruck fiir o
VP = —i akg a (uBU7 — b;;b;) , (4.11)

der sich mit der Fouriertransformation der linken Seite zu

~ kak o —
P=- 227 <U5U7 — bgbv) (4.12)
ergibt. Dies entspricht im k-Raum wiederum der SchlieBungsbedingung der MHD-Gleichungen
(13.44):

AP =Vb® Vb - Vv ® V. (4.13)

Setzt man dies nun in die MHD-Gleichungen, unter Anwendung der Komponenten-

schreibweise fiir die anderen Terme ein, erhélt man mit

Oty ) kok — -

5 = —ik, (5a5 — 7’3) (uﬁu7 — 5()7) — vk?i, (4.14)
Obq —  —~ .

oo = —iks (Wba . bﬁua) — k%D, (4.15)
koiia = 0 (4.16)
kaba = 0, (4.17)

das Gleichungssystem im Fourierraum. Unter Verwendung der Definitionen [3.61] erhélt

man nach einigen einfachen Umformungen die Darstellung

- 1 kakgk i , Vo om
(0 — vak,) W, = 3 ki i (wng + wj wj) — ikg wywy — 5!{:2 W, (4.18)
| kokgk, [~ . .
(O + vak,) W) = % ks X (w;{wv + wg_wj) —ikg wiwg — %kznw;{ (4.19)
koo =0 (4.20)

in Elséssernotation. Die einzelnen Schritte sind wiederum im Anhang[A] ausfiihrlich fest-

gehalten. Wendet man die Einsteinsche Summenkonvention an, so erkennt man, dass die
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Summen iiber § und v unabhéingig von der a-Summation sind. Dadurch lassen sich die

nichtlinearen Terme der Druck—SchlieBungsbedingung und folglich der Gleichungssatz

Al
kaoksk
(O —vak,)w, =i k:g T wywy — kg wywy — gkzhw; (4.21)
kokgk , ~
(O + vak,)w)h =i k:g T wiwy — kg wiwg — gk%w:{ (4.22)
koE =0 (4.23)
zusammenfassen.

Auch an dieser Stelle ist h wieder der Parameter fiir die Hyperdiffusivitdt. An den
Gl.en wird deutlich, wieso dieser Parameter notig ist. Da die pseudospektrale
Methodik séamtliche Ortsableitungen durch simple Multiplikationen ersetzt, leidet die-
ses Verfahren nahezu gar nicht unter numerischer Dissipation. In der Regel ist dies ein
Vorteil. Will man turbulente Systeme modellieren, ist man allerdings auf ein gewisses
Maf an Dissipation angewiesen, da diese einen wichtigen Bestandteil der Energiekaskade
darstellt (vgl. Kaptitel [3.2)). Je nach Problemstellung fiihrt man deshalb eine kiinstliche
Verstéarkung des Energiezerfalls ein, indem man die Hyperdiffusivitdt ausnutzt. Dadurch
wird die Ordnung der k-Raumdissipation deutlich erhcht. Folglich werden héhere Wel-
lenzahlen stark gedampft. Ublicherweise reicht schon ein Parameter h = 2 aus, um

hinreichende Dissipation einzustellen.

4.1.2. Diskrete Fouriertransformation

Im numerischen Bereich wird das Integral in [4.1| und [4.2] durch die Summe

N-1 .
211

X (k) = -_— 4.24

(k) =c nEO T, €XP ( N nk) ( )

fiir jede Dimension diskretisiert. Man nennt diese Form entsprechend diskrete Fourier-

transformation (kurz DFT). Das heifit, im dreidimensionalen Fall ergeben sich drei ge-
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koppelte Summationen

Ni—1 No—1 N3—1

X(ki, ko, k3) =c Z Z Z x(ny, ne, ng)x

n1=0 n2=0 n3=0

9 o o
X exp (%nlkl) exp (%nﬂ@) exp <§n3k3) (4.25)
3

1 2
und entsprechend ergibt sich die Riicktransfomation zu

N1—1N2—1 N3—1

x(nl,ng,ng) =C Z Z Z X(/{?l,k’g,k’g)x

k1=0 k2=0 k3=0

2mi 2mi 2mi
X exp —Flnlkl exp —Engkg exp —angkg .

(4.26)

Der Ubergang zur diskreten Formulierung bedeutet im Speziellen fiir die Variablen
X (ky, k2, k3) und z(nq, ng, ng), dass diese dreidimensionalen Felder durch Gitter beschrie-
ben werden, welche in K7 X K9 X K3 und respektive Ny x Ny X N3 Zellen unterteilt werden.
Dabei stehen die Werte n fiir ein diskretisiertes Raumgebiet der Ausdehnung L und k
entsprechend fiir einzelne Wellenzahlen, die durch k = {—N/2---0--- N/2}-27/L fest-
gelegt werden. In den Gl.en und wurden die Indizes um N/2 verschoben. Diese
Indexverschiebung ist iiblich in numerischen Implementationen, damit die Laufvariablen
immer € Ny sind. Im Allgemeinen werden lediglich die negativen Wellenzahlen um N
verschoben. Dadurch entsprechen Werte von 0 bis N/2 im Wellenzahlgitter den positiven
Wellenzahlen k = 0--- N/2, sowie Werte von N/2 bis N den negativen k = —N/2---—1.
Liegen die Felder z(ny,ns, n3) im Realraum als reelle GroBlen vor, muss deren komplex-
zahliges Fourierraumpendant geméf der Informationserhaltung die hermitesche Symme-
trie
Xp =X, (4.27)

aufweisen. Diese Symmetrie nutzen die géngigen numerischen DFTs aus, um Berech-
nungen zu sparen. So ist es aufgrund der Hermitizitédt nicht notig ein dreidimensionales
Gitter komplett im Fourierraum zu berechnen, da die letzte dimension halbiert wer-

den kann. Folglich ist ein Realraumfeld der Gréfle N; x Ny x N3 vollstdndig durch das
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Wellenzahlgitter K x Ky x K3/2 bestimmtE] )

4.1.3. Schnelle Fouriertransformation

Fiir typische Anwendungen sind die Gleichungen [4.25( und 4.26| nicht nutzbar, da eine

Berechnung mit O(N?) zu langsam ist. Durch [Cooley u. Tukey| (1965) wurde erstmals in
geschlossener und allgemein anwendbarer FormP| vorgeschlagen, den Teile und herrsche
Ansatz fiir die Fouriertransformation anzuwenden. Dieser zerlegt ein Problem solan-
ge in einzelne Teilprobleme, bis eine Beherrschung des Teilstiicks moglich ist, um die
Gesamtlosung schlussendlich wieder aus den Einzellosungen zusammen zu setzen. Im
Fall der DFT werden im Wesentlichen die Summen in ungerade und gerade Indizes ge-
trennt. Der Vorteil liegt in der Reduktion der komplexen Operationen, da das Verfahren
fiir einen halbierten Bereich nur ein Viertel der Operationen bendétigt. Durch rekursive
Anwendung erreicht diese sogenannte schnelle Fouriertransformation (englisch: Fast-

Fourier-Transform, FFT) eine Geschwindigkeitsskalierung mit O(N log V).
Ein weiterer Vorteil liegt in der starken Verbreitung und Nutzung der FFT. Dadurch

ergeben sich zahlreiche Wahlmoglichkeiten zwischen verschiedenen Programmimplemen-
tierungen der FFT, die auf unterschiedlichsten Algorithmen oder Weiterentwicklungen

des Verfahrens von (Cooley u. Tukey| (1965]) basieren.

Die Reproduktion einer beliebigen Funktion durch deren Fourierdarstellung, ist i.A.
nicht fehlerfrei moglich. Die Ursache liegt in der Diskretisierung des Signals, im Spezi-
ellen in dessen Abtastung. Im Alltag ist dieser Effekt in Form der Moiré-Muster héufig
beobachtbar, das immer dann Auftritt, wenn sich leicht unregelméflige Gitterstruktu-
ren iiberlagern. So z.B. bei Netzstrukturen in Gardinen, nahezu parallel verlaufenden
Gelandern, etc.. Ein anschauliches Beispiel ist in Abbildung in Form zweier gekippt
iiberlagerter Punktgitter gegeben, die, abhéngig von ihrer Position, ein vom Original-
gitter stark verschiedenes, Uberlagerungsmuster erzeugen. Ein damit verwandtes Pro-
blem entsteht durch Digitalisierungen von Signalen mit geringen Abstastfrequenzen wie
beispielsweise im Fernsehen, wo eine geringe Bildanzahl pro Sekunde zum sogenannten

Wagon-wheel effect fithrt, durch den Réader von vorwiérts fahrenden Autos sich scheinbar

Tn einer numerischen Implementation wird die letzte Dimension i.d.R. durch K3/2 + 1 beschrieben,
da die Wellenzahl Null und N/2 keinen hermiteschen Partner haben.

2Es ist strittig, wer den ersten FFT Algorithmus zuerst publizierte. Tatséichlich fanden bereits Carl
Friedrich Gau$8 (1805) und Carl Runge (1905) diesen Ansatz fiir spezielle Probleme.
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Moiré-Muster Spezialfall: Antialiasing

flw Signal

Abtastung

=2
3
L

Abbildung 4.1.: Illustration von Storeffekten bei signalauflosenden Verfahren. Links
im Bild der allgemeine Moiré-Effekt, der bei Uberlagerungen von leicht unregelmdfigen
Giitterstrukturen auftritt. In diesem Beispiel wird die UnregelmdfSigkeit durch Verkippung
der Gitter erzielt. Rechts ist der Spezialfall dieses Phinomens zu sehen, der rdumliche
Aliasing-Effekt. Man erkennt deutlich, dass bei einer konstanten Abstastung des Origi-
nalsignals ab einer gewissen Frequenz starke Verfilschungen auftreten.

riickwérts drehen oder Rotorblétter von Helikoptern wéhrend des Fluges scheinbar still
stehen. Die Problematik der Signalauflésung durch ein Abstastmuster wird allgemein als
Aliasing-Effekt bezeichnet, der entweder durch temporale oder raumliche Abtastungen
hervorgerufen wird. Da eine der beiden Ursachen bei Signaldarstellungen durch Fourier-
transformationen immer vorliegt, ist der Aliasing-Effekt eng mit FF'Ts verkniipft. So ldsst
sich eine periodische Funktion iiberhaupt nur dann sinnvoll durch eine FFT bestimmen,
sofern ihre Frequenz unterhalb der sogenannten Nyquist-Frequenz liegt. Diese ist als die
halbe Abtastfrequenz definiert. Man erkennt in Abbildung deutlich die verfalschte
Wiedergabe des Orignalsignals, sobald die Nyquistfrequenz unterschritten wird. Gene-
rell treten weniger gravierende Aliasingeffekte auch unterhalb der Nyquistfrequenz auf,
was an der Diskretisierung des Integrals liegt. So kann man i.A. Aliasingfehler als
Differenz der kontinuierlichen Fouriertransformation [£1] und der DFT .25 definieren
1988)). Um diese Fehler zu vermeiden sind sogenannte Antialiasing-Methoden
notwendig, die durch unterschiedliche Verfahren die Storeffekt beheben. In dieser Arbeit
wurde das Zero-padding Verfahren gewéhlt, da es ohne viel Rechen- und Speicherauf-
wand auskommt. Dabei werden nach sdmtliche Wellenmoden |k| > o N
mit 1/3 < o0 < 1/2 auf Null gesetzt. Dabei ist das Antialiasing mit o = 1/3 das schlech-

teste Szenario, was auftritt, wenn das Signalgitter eine karierte Struktur besitzt, also
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jede Gitterzelle zwischen zwei Werten alterniert. Alle Wellenmoden die unterhalb dieser
2/3 liegen und demnach keinesfalls vom Zero-padding erfasst werden, da sie immer frei
von Alias-Effekten sind, werden auch als aktive Moden bezeichnet. Man sollte also bei
der Verwendung spektraler Methoden vermittels Fouriertransformationen immer beriick-
sichtigen, dass eine gewiinschte Simulation von N aktiven Moden auf einem dreifach

vergroferten Gitter stattfinden muss.

4.1.4. Zeitentwicklung der MHD

Schlielich soll noch das verwendete Losungsverfahren fiir die Zeitentwicklung diskutiert

werden. Im einfachsten Fall kann eine Diskretisierung durch das Eulerverfahren

dy _

dt—f(y,t) = Ynt1 = Yn + AL f(Yn, tn)

b1 = tn + At (4.28)

erfolgen. Allerdings ist diese Methode sehr fehlerbehaftet, so dass sich schon durch ein
Verfahren geringfiigig hoherer Ordnung erhebliche Verbesserungen erzielen lassen. Fiir
Verfahren hoherer Ordnung benotigt man allerdings zusétzliche Zwischenspeicher fiir die
Felder. Daher wurde als Kompromiss das Heun-Vefahren zweiter Ordnung (dhnlich dem
Runge-Kutta-2 Verfahren)

1 1

verwendet, welches im Wesentlichen die Feldgroflen mit Hilfe einer Stiitzstelle, {iber einen

Zwischenschritt bei der halben Schrittweite berechnet (Press et al.| [1992).
Eine noch hohere Genauigkeit bietet das Runge-Kutta-4 Verfahren. Auch diese Me-

thode kann wahlweise verwendet werden. Sie bietet geringfiigig hoherer Stabilitéit als ein

Verfahren 2.0rdnung und zudem eine sehr hohe Genauigkeit mit Fehlern O(At?). Die
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Methode hat mit

1
Ynt1 = Yn + é(kl + 2k2 + 2/€3 + k4)

k1= At f(ym tn)

1 1

1 1

ks = At f(yn + ks, tn + At) (4.30)

insgesamt vier Stiitzstellen - eine am Anfang jedes Schrittes, zwei in der Mitte und eine
am Ende. Dadurch ist dieses Vorgehen wiederum rechenaufwéndiger als ein Verfahren

2.0rdnung.

4.2. Numerik der Testteilchensimulationen

Der zentrale Punkt der Testteilchensimulationen ist das Losen der Teilchenbewegungs-
gleichungen. Diese werden gemafl Kapitel [3.3]durch die Lorentzkraft in Gl. [3.5 bestimmyt,
also einer gewohnlichen, zeitabhéngigen Differentialgleichung. Da die Plasmazeitentwick-
lung durch ein Runge -Kutta-Verfahren zweiter Ordnung (siehe Gl. erfolgt, miisste
die Lorentzkraft analog behandelt werden. Es zeigt sich jedoch, dass fiir die Testteil-
chensimulationen ein Verfahren zweiter Ordnung nicht ausreichend ist, da die kleinska-
lige Gyrationsbewegung nur bei sehr kleinen Zeitschritten At stabil aufgelost werden
kann. Somit bleiben nur zwei Alternativen; entweder die Plasmasimulationen mit einem
Verfahren hoherer Ordnung zeitlich iterieren, wie z.B. Runge-Kutta-4 oder die Teilchen-
bewegungen mit einer stabileren Methode berechnen, die keine Zwischenspeicherung der
Feldgréen bendétigt. Die erste Variante wurde bereits in Kapitel aufgrund ihres
hohen Speicheraufwands ausgeschlossen. Daher wurde mit dem sogenannten Boris—Push
ein geeigneteres Verfahren zur Testteilchensimulation gewéhlt, was im Folgenden vorge-
stellt wird.
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4.2.1. Boris—Push
Die relativistische Lorentzkraft

d q
—v=—]|
mc

o cE(xz,t) + v x B(x,t)] (4.31)

bestimmt die Bewegungsgleichung der Teilchen. Diese kann sehr einfach durch den Euler-
Schritt

(v — o) 4

A7 — [cE+v'x B] (4.32)

diskretisiert werden. Wie bereits erwahnt, ist der numerische Fehler bei diesem Verfahren

sehr grof.

Drehung durch
B-Feld

Gleichformige
Beschleunigung
durch E-Feld ——__

Abbildung 4.2.: Schematische Darstellung des Boris—Pushs. Dieses implizite Verfahren
legt der Teilchentrajektorie eine Gyrationsbewequng zu Grunde. Dadurch wird die Itera-
tion in einen halben Schritt der Beschleunigung durch das elektrische Feld, eine Drehung
durch das Magnetfeld und einen erneuten halben E—Feld Beschleunigungsschritt unter-
gliedert. Quelle: Kilian| (2010)

Boris (1970) schlug eine Alternative durch eine implizite Methode vor. Wie in Ab-
bildung [4.2| erkenntlich, zerlegt diese die Iteration in zwei Teilstiicke. Zunéchst wird
das Teilchen durch das elektrische Feld eine halbe Schrittweite gleichférmig beschleu-
nigt. Anschliefend wird es durch die Magnetfeldwirkung gedreht und erfihrt erneut die
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E-Feld Beschleunigung. Dadurch zerlegt sich Gl. in

t—At/2 oy~ q E At 4.33
v v 5 (4.33)
+_ —
v At” :2$m(v+—|—v_)><B (4.34)
E At
A2 g+ . (4.35)
2m

Dieser sogenannte Boris—Push hat als implizite Methode den Vorteil einer erheblichen
numerischen Stabilitdat. Wahrend explizite Verfahren wie GI. bei zu grofl gewihlten
Schrittweiten At keine stabile Kreisbewegung modellieren kénnen und eher Spiralbahnen
erzeugen, weicht der Boris—Push lediglich von dem analytischen Larmorradius ab und
beschreibt weiterhin eine, in diesem Rahmen korrekte, Gyration. Selbst wenn fiir den
Zeitschritt At > 1/ gilt, wird noch eine stabile Kreisbewegung modelliert, die gegen
die adiabatische Drift konvergiert. An den oben stehenden Gleichungen erkennt man,
dass der Boris—Push das elektrische Feld eine halbe Zeitschrittweite verschoben zu dem

Magnetfeld annimmt. Bei der Wahl eines kleinen At ist dies jedoch vernachléssigbar.

Es ist fiir die Berechnung der Bewegungsgleichungen nétig Gl. nach v+ auf-

zulosen. Dazu werden die Hilfsvektoren h; und hsy eingefithrt. Damit ldsst sich die

Auflésung
q B
h = —At 4.36
17 Y m ¢ ( )
v=v 4+v xXh (4.37)
2 hy
hy= ———~ 4.
2= T h (4.38)
vi=v" +v xh, (4.39)

durchfiithren (Birdsall u. Langdon, 2005).

Eine Grenze fiir dieses Verfahren stellen ultrarelativistische Teilchengeschwindigkei-
ten dar. In diesem Fall wird die Energieerhaltung verletzt, was im Wesentlichen daran
liegt, dass das ideale Ohmsche Gesetz E + v x B = 0 nicht mehr erfiillt wird und somit
Scheinkrifte auf die Teilchen wirken (Vay, 2008)). Fiir leicht-relativistische Fille ist das
Verfahren dennoch anwendbar, da signifikante Abweichungen erst ab v ~ 10? auftreten
(Vay| [2008)).
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4.3. Gismo

Im Rahmen dieser Arbeit wurde der C++ — Hybridcode Genuine Incompressible Spectral
Magnetohydrodynamic Odyssey entwickelt, der die Losungsverfahren der vorangegange-
nen Kapitel umsetzt. GISMO vereint eine turbulente Plasmaevolution vermittels MHD
und die kinetische Simulation von Testteilchen in den unabhéngigen Teilen GismMo-MHD
und Gismo-Particles, welche iiber die Schnittstelle der magnetischen und elektrischen
Felder interagieren. Die MHD-Entwicklung ist dabei das Kernstiick des Programms. Im
Folgenden sollen die Struktogramme, Optionen und Programmablidufe der beiden Me-

thoden vorgestellt werden.

4.3.1. Gismo-MHD

Die pseudospektrale Losungsmethodik der Gl.en [4.21}{4.23| macht es zunéchst notwendig,
eine geeignete FFT zu wéahlen. Da Fouriertransformationen in vielen Gebieten von Be-
deutung sind, steht eine grofle Auswahl an Programmbibliotheken zur freien Verfiigung,
allen voran die von Matteo Frigo and Steven G. Johnson am MIT entwickelte FFTW
(engl.: Fastest Fourier Transform in the West). Diese bietet eine vergleichsweise sehr gut
entwickelte FF'T. Nach heutigen Standards der Rechenleistung ist es auf sinnvollen Zeits-
kalen nicht moglich, die MHD-Entwicklung von Feldern mit grofleren Gitterauflosungen
als 1283 auf einem typischen shared-memory System zu berechnen. Es ist also nétig
das Programm zu parallelisieren um die Problemstellung auf Grofirechner zu portie-
ren. Eine parallele Version der aktuellen FFTW3 bietet die, von Dmitry Pekurovsky
am SDSC' entwickelte, Parallel Three-Dimensional Fast Fourier Transform (P3DFFT).
Diese benutzt als Grundlage die FFTW3, die durch eine Fortranroutine mit Hilfe des
Message Passing Interface (MPI) parallelisiert wurde. Die zu transformierenden Felder
= w;t,w;t im Realraum als Blitz++ Arrays, jeweils mit

der Gitterauflosung N, x N, x N, vor. Wie schon in Kapitel angesprochen, miissen

entsprechend die gleichen Felder in hermitescher Symmetrie im Fourierraum vorhanden

liegen in jeder Komponente w

sein. Dabei wird die Fourierreihe der letzten Dimension nur halb ausgefiihrt, weil die
andere Hilfte des Gitters aus symmetrischen Werten besteht. Da die P3DFFT nativ

in Fortran programmiert wurde, ist die d&uflere Reihe die Fouriertransformation in z-
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Richtun Folglich sind die drei Felder der Komponenten von @w® durch das Gitter
(N,/2+ 1) x N, x N, aufgelost.

Eine weitere Konsequenz der Fortran — C++ Interaktion ist der eher technische
Aspekt des Name-manglings. So miissen fiir Funktionsaufrufe ,, Ubersetzungen® zwischen

den beiden Sprachen erfolgen. Dem interessierten Leser wird die Problematik in Anhang
[C] nahegebracht.

» . -

. ® ‘ ® |
C‘ IO - Particles f a IO - MHD ——

« Ende ¢
MHD-Schritt

B n
di g

Abbildung 4.3.: Struktogramm des Programmablaufs der MHD-Berechnungen.
Kdstchen, die blau eingefdrbt sind, reprdsentieren Vorginge im Fourierraum, wohin-
gegen Orange fiir Realraumbetrachtungen steht. Am Ende jeder MHD-Iteration kionnen
die Felder optional der Teilchenroutine iibergeben werden.

Wie in Abbildung [.3] ersichtlich, wird GisMo-MHD grofitenteils im Fourierraum

ausgefiihrt. Der Programmablauf beginnt zunéchst mit dem Festlegen der Anfangsbe-

!Dies liegt daran, dass Fortran coloumn -magjor-order verwendet, wohingegen C/C++ row-major-order
benutzt. Demnach sind Zeilen und Spalten vertauscht.
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dingungen. Diese konnen beliebig entweder im Realraum oder im k-Raum eingestellt
werden. Aus dem Folgenden wird jedoch ersichtlich, warum eine Behandlung im Wellen-
zahlraum von Vorteil ist. Nach dem Auswéhlen der Rahmenparameter, wie Systemgrofie
und deren Gitterauflssung N3, Zeitdiskretisierung, Alfvéngeschwindigkeit, Dichte, sowie
Resistivitit, werden die w® Felder mit Startwerten bestiickt. Zur Wahl stehen hierbei
entweder das Initialisieren einzelner Wellen oder mehrerer Wellenpakete, die wahrend der
Zeitentwicklung durch nichtlineare Wechselwirkung ein turbulentes Plasma erzeugen. An
dieser Stelle zeigt sich der Vorteil der Elsédssernotation. So ist gemé&fl der Fouriertrans-

formation eine einzelne Welle durch

fr) = Acos (fv—”) (4.40)
F(k) = N (éa(k “loep) + §5(k: +1 e;m)> (4.41)

bzw.

f(r) = Asin (fle) (4.42)

k) = iN (§a<k leen) - otk 41 >) (4.43)

bestimmt. Daher ist die Startbedingung fiir eine einzelne Alfvénwelle, durch das Defi-
+

Y

nieren der Amplitude an einem beliebigen diskreten k in einer Komponente von w

vollstdndig bestimmt. So ergibt beispielsweise
w;(kmzl,kyzo,kzzo):A—i—i-O (4.44)

eine Initialwelle, die durch einen Kosinus der normierten Frequenz 1 in z-Richtung be-
schrieben wird, der sich in der y-Komponente in positiver Richtung zum Hintergrund-
magnetfeld ausbreitet. Eine solche Welle ist geméfl der Definition der Elsésservariablen
linear polarisiert, da deren E-Feldvektor paralle zum B-Feldvektor liegt. Um eine zirku-

lar polarisierte Alfvénwelle zu erzeugen, miissen unter Beachtung von

= +1, (4.45)

die x und y Komponente von w™* initialisiert werden. Dabei steht die positive Losung
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fiir rechtszirkulare und die negative fiir linkszirkulare Polarisation. Folglich werden fiir

die Elsésserdarstellung rechts zirkular polarisierte Wellen beispielsweise durch

A
ﬁ);t(k:x,k’y,kz):()—ki-?

A
@y (e by k) = =3 -0, (4.46)
erzeugt, respektive links zirkulare Polarisation durch

A
WF (ky, Ky, k) = 0—2’-5

N A
Wy (ko ky, k) = —5 +i-0. (4.47)

Um eine turbulente Plasmaentwicklung zu initialisieren, ist die einfachste Methode
beliebige Wellenpakete zu erzeugen, die miteinander nichtlinear wechselwirken kénnen.
Wie in Kapitel [3.2 diskutiert, wird in einem turbulenten System Energie von groflen Ska-
len zu kleineren kaskasdieren, um schliellich zu dissipieren. Es ist somit sinnvoll, Moden
bei kleinen Wellenzahlen zu initialisieren. GISMO bietet dabei eine Auswahl verschiedener
Szenarien. So ist es moglich beliebige Amplitudenverteilungen mit zufalligen Phasenbe-
ziehungen entweder isotrop fir |k| < KTumbinit 0der anisotrop k < Ktymbinit 20 generieren.
Eine weitere Option ist das Initialisieren einer Slab-dhnlichen Geometrie, d.h. es werden
nur Werte entlang der Hintegrundmagnetfeldrichtung gesetzt, die eine wihlbare Breite
in senkrechter Richtung aufweisen. Diese Verbreiterung ist notig, weil eine reine Slab —
Turbulenz sich geméfl den Gl.en nicht entwickeln[] kann, da keine Nichtlinea-
rititen auftreten. Um die nétige Quellenfreiheit der w* — Felder sicher zu stellen, werden
die Startwerte von einem Divergenzsiuberer iiberpriift, der im Wesentlichen V- w* = 0
durch einen Projektionsoperator gewéhrleistet. AnschlieBend werden die Felder an eine
Problemstellung angepasst. Dies kann optional durch eine Skalierung {iber einen Energi-
einjektionsparameter erfolgen, der physikalisch motiviert ist, so z.B. Energieeinspeisung
durch Supernovae oder die durch das Einstellen der Magnetfeldfluktuationen in einem
beliebigen Verhéltnis zu Bjy. Des Weiteren wird an dieser Stelle einbezogen, ob eine
kontinuierliche Energieinjektion erfolgt - sogenannte getriebene Turbulenz - oder ob le-

diglich eine einmalige Energiezugabe am Anfang der Simulation benutzt wird, also eine

'In diesem Zusammenhang bezieht sich ,,entwickeln® auf das Ausbilden von Turbulenz durch nichtli-
neare Wechselwirkung. Der Resistivitdtsterm der MHD-Gleichungen tréagt natiirlich auch bei reiner
Slab-Turbulenz zur Zeitentwicklung bei.
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zerfallende Turbulenz. Je nachdem wird der Energieinjektionsparameter zusétzlich mit

einem Zeitfaktor gewichtet.

Die Anpassung der Turbulenz benutzt zum einen die kinetische Energie

Eyin = o (u+ AU)Q

2
- % (v + 2uAu + Au?) (4.48)
mit dem gestorten Anteil
AE = 7 (2udu+ Au?). (4.49)
Der Normierungsfaktor ¢ der Stérung
Au = (A, (4.50)

ldsst sich iiber das Verhéltnis der normierten zur unnormierten Storung ermitteln:

AE 2 2
L RS (4.51)
AFE 2a9 + a4

wobei a; = pAa? und ay = upAd dichteabhiingige Faktoren sind. Diese quadratische

Gleichung fiir ¢ 16st sich mit

~

2AFE
20,2 +ap = T, (452)
wobei V' das Volumen ist, zu
2
as a5  2AFE
=——=44/= . 4.53
Giy2 a a? + Va, (4.53)

Dabei fallt die negative Losung weg, da unphyskalisch.

Zum anderen erfolgt die Anpassung der Magnetfeldfluktuationen véllig analog zur

Berechnung von (;/2. Ausgehend von der magnetischen Energie

(B+ AB)?
Eroan = ———, 4.54
g 87T ( )
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erhélt dadurch einen Skalierungsfaktor von

z 2 8tAE
Bip=—244/2+ T2 (4.55)
Lo\ e

Dabei entspricht I; = AB? und l; = BAB. Auch an dieser Stelle entfillt die negative

Losung.

Die Grofle AE héngt von der Energieinjektion durch eine dedizierte Quelle ab. Je nach
Problemstellung kommen beispielsweise Energiebeitrige durch solare Prozesse (Sonnen-

wind, Flares, CMEs) oder Supernovae in Frage. Es ist also

AE=S.Vdt mit S, {i] , (4.56)

m3s

wobei der Parameter S, die Injektion steuert.

Ist die Initialisierung erfolgt, beginnt die Iteration der MHD-Gleichungen. Wie in
Abbildung dargestellt wird dafiir zundchst das Antialiasing vermittels Zero-padding
durchgefiihrt, da im n#chsten Schritt die FFT angewendet werden soll. Ebenso wird
zu Beginn des Iterationsschritts die CFL-Zahl ermittelt. Diese wurde als numerisches
Stabilitédtskriterium von (Courant et al.| (1928)) als

At

l= max A 4.
cfl=u N (4.57)

definiert. Sie gibt an, wie weit sich ein Element pro Zeitschritt fortbewegt. In géngi-
gen Ortsraumverfahren fiir partielle Differentialgleichungen muss diese Zahl kleiner oder
gleich einer problemabhéngigen Konstante sein, um Konvergenz zu gewéhrleisten. Ge-
nerell entspricht diese Konstante dem Maximum der Charakteristiken. Im Fall sub-
alfvénischer MHD entspricht dies der Alfvéngeschwindigkeit. Fiir die pseudospektrale
Methodik ist diese Bedingung nicht direkt iibernehmbar, da eine Ortsdiskretisierung
zwar erfolgt, aber nicht unmittelbar in die Berechnungen einflieft. In der Tat ist es
schwierig fiir solche Verfahren iiberhaupt Stabilitdtskriterien zu definieren. Allerdings
besteht auch hier eine bestimmte Obergrenze, wie weit sich ein Fluidelement pro Zeit-
schritt fortbewegen darf, um die numerische Stabilitdt zu erhalten. Demnach ist ein
Zusammenspiel zwischen der Grofle des Zeitschritts, der Konvektion und der Diffusion
fiir die Stabilitat entscheidend (Gottlieb u. Tadmor| (1991)).
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Im néachsten Teilschritt werden nun durch die P3DFFT die Elséasser-Felder in den

Realraum transformiert (kurz: C2R, fiir Complex to Real). Zwei technische Aspekte

miissen an dieser Stelle erwahnt werden.

(D

(1)

Nach der Transformation erfolgt eine Normierung um den Faktor ¢, wie in GIL.
ersichtlich. Diese Operation ist nétig, da die FFT grundsétzlich unnormiert
ist und nach jeder FFT vom Real- in den Fourierraum (kurz: R2C, fiir Real to
Complex) die Felder um einen Faktor der Anzahl der Gitterpunkte N vergrofert
sind. Prinzipiell ist es egal an welcher Stelle der Faktor N~! auf die Felder ange-
wendet wird. Damit aus Griinden der Ubersichtlichkeit die gesamte Normierung
zentral erfolgt, wird nach der C2R-Transformation der Faktor N~'/2 auf die Orts-
raumfelder multipliziert. Damit ist es nicht mehr notwendig die Felder nach der
Berechnung der quadratischen Terme zu normieren, da diese bereits einen resul-
tierenden Faktor N~! beinhalten. Man muss allerdings jederzeit beriicksichtigen,
dass die Realraumfelder sich um einen Faktor v/ N von den Fourierraumfeldern

unterscheiden.

Die Forderung der Hermitizitét einer DF'T muss gewéhrleistet werden, da sonst die
Transformation nicht korrekt durchgefiithrt wird. Die P3DFFT stellt diese Bedin-
gung automatisch her, sofern man R2C transformiert. Die Gegenrichtung, C2R,
muss hingegen ,,per Hand* sichergestellt werden. Sofern man lediglich mit nicht-
parallelisierten Simulationen rechnet, ist das herstellen der Hermitizitat trivial.
Durch das Aufspalten des Problems auf mehrere Prozesse wird dieser Vorgang
erheblich komplizierter. So miisste man neben einer optimalen Prozessorkommuni-
kation zusétzlich die korrekte Gitterzuordnung des jeweiligen Prozesses bewerkstel-
ligen. Um dies zu vermeiden, kann man zwei Eigenschaften der P3DFFT ausnut-
zen. Zum einen sind die Fourierraumfelder bereits um die hermitesch symmetrische
Halfte reduziert. Man muss somit nur noch die Randflichen behandeln. Zum ande-
ren bildet die P3DFFT geméfl der Fourierreihe die Summe jeweils iiber einen Wert
t im k-Raum und dessen hermitesch symmetrischen Partner xy. Damit also die
Transformation C2R korrekte Realraumergebnisse liefert, muss lediglich x mit dem
Faktor 2 gewichtet und kg = 0 gesetzt werden. Mit dieser Methode ergeben sich
fehlerfreie Realraumfelder, die anschliefend wieder mir R2C in den Fourierraum
gebracht werden kénnen, um korrekte hermitesch symmetrische k-Raumfelder zu

1/2

erhalten. Diese miissen abschliefend mit dem noch fehlenden Faktor N~'/“ nor-
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miert werden.

Mit den nun gewonnenen Realraumfeldern lassen sich die Nichtlinearitéiten der MHD-
Gleichungen berechnen und anschliefend wieder in den Fourierraum zuriicktransformie-
ren. Die nichtlinearen Felder bediirfen keiner Normierung, da diese bereits durchgefiihrt

wurde. Ein Vorteil der kontrahierten Schreibweise von GI. ist, dass lediglich

einmal die Matrix

0t wewt w-wt

wywi wyw)  w,w]

=T + —o T =t =T
(w™) @w™ = | wywS w,w; w,w] (4.58)

—at T w—wt

wywl wiw)  w;w]

berechnet werden muss, da sich aus ihr sdmtliche nichtlineare Terme ergeben.

Zuriick im Fourierraum werden nun die MHD-Gleichungen zunéchst ohne den Hin-
tergrundfeldterm v Akzﬁ)f berechnet. Dieser Term wird im Anschlufl durch eine Phasen-
verschiebung der Elsésserfelder realisiert. Der Vorteil an diesem Vorgehen ist, dass die

Berechnung von

i = faf] e

= [wy] ' vakett (4.59)

semianalytisch ist. Dadurch weist es eine hohere Stabilitdt und Genauigkeit gegeniiber

einer expliziten Berechnung vermittels Diskretisierung von vak,w® auf.

Mit diesem Schritt ist die erste Iteration der MHD-Gleichungen abgeschlossen. Je
nach gewdhltem Szenario wird nun wieder Energie in das System gebracht, um die
Turbulenz anzutreiben oder dieser Schritt wird iibersprungen. Anschliefend beginnt der

Iterationszyklus von Neuem.

Ist eine Simulation der Testteilchen in den Startbedingungen festgelegt, werden ab
dem Erreichen einer beliebig gesetzen Teilchenstartzeit am Ende jeder MHD -Iteration
die Felder der Gismo-Particles Routine {ibergeben.

4.3.2. Gismo-Particles

Wie bereits erwéhnt, ist GismMo-Particles eine Subroutine von GisMO-MHD und wird
von dort aus angesteuert. Wie in Abbildung erkenntlich, werden die Startwerte der
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Testteilchen bereits in der allgemeinen Initialisierung festgelegt, sofern die Simulation

der Teilchen vorgesehen ist.

Die Teilchenspezies wird anhand ihrer Masse und Ladung festgelegt. AnschlieSend
wird die Gesamtanzahl der Teilchen mit beliebigen Startwerten versehen. Dabei kristal-
lisieren sich zwei verschiedene Grundtypen heraus. Man verteilt alle Testteilchen zuféllig
iiber das Simulationsgebiet mit einen konstanten Impulsbetrag mit entweder zufillig
(Typ I) oder konstant (Typ II) gewéhltem Pitchwinkel p. Der Impuls wird entsprechend
der Koordinatentransformation Gl. [3.142]

Pe =P\ 1 — pu?cos®
py =pyV1—p2sin®
p. = pp (4.60)

festgelegt. Dabei erfolgt die Wahl der Ausrichtung in der x-y Ebene iiber den Parameter
® ebenfalls zufillig.

Stabilitatskriterium des Boris-Pushs

Schliefllich verbleibt noch die Wahl einer geeigneten Zeitdiskretisierung. Wie bereits dis-
kutiert, ist aufgrund der Trennung von kinetischem und fluidynamischem Modell, die
Entwicklungszeitskala der Teilchen deutlich kleiner als jene der MHD. Folglich muss
auch die Zeitdiskretisierung kleiner sein, also Atygp > Att. Da mit dem verwendeten
impliziten Boris-Push die Integration an sich immer stabil ist (vgl. Kapitel und bei
schlechter Zeitauflosung lediglich der Larmorradius nicht mehr korrekt dargestellt wird,
muss ein geeignetes Verfahren zur Wahl von Attt gefunden werden. Zu diesem Zweck
wurde eine Methode implementiert, die, unter den gegebenen Startbedingungen, ein ein-
zelnes Teilchen in dem Hintergrundfeld gyrieren ldasst und dabei den Larmorradius misst.
Als Messverfahren wird eine Kreisapproximation verwendet. Drei beliebige Punkte auf
der Kreisbahn des Teilchens werden hierfiir zu einem Dreieck verbunden, dessen Umkreis
die Gyrationshahn widerspiegelt. Fiir eine hohe Messgenauigkeit werden diese Punkte,
nach einem kurzen Einschwingvorgang, bei etwa jedem Drittel der Kreisbahn entnom-
men. Uber die Bestimmung der Kreismittelpunktskoordinaten lisst sich schlieflich der
Larmorradius bestimmen (siehe Anhang. Die gewiinschte Genauigkeit kann durch die

relative Abweichnung gegeniiber dem analytisch ermittelten r;, = vy /) festgelegt wer-
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Abbildung 4.4.: Die Abbildung zeigt eine beispielhafte Messreihe zur Ermittelung des
Larmorradius um eine geeignete Schrittweite At zu evaluieren. Der obere Graph stellt
die Anzahl der bendtigten Schritte fir eine Gyration dar. Die Ordinate stellt oberhalb
von 1 die Schrittzahl und unterhalb 1 die relative Abweichung dar. Um die Grenzen
des Boris-Pushs auszuloten, wurde in dieser Simulation pro Gyrationsmessung der Zeit-
schritt ausgehend von 107 bis etwa 10717 verringert. An den Fluktuationen unterhalb
Aty < 1078 erkennt man sehr gut, dass die Messungen in den Bereich der Maschinenge-
nauigkeit eingetreten sind. Durch das exponentielle Anwachsen numerischer Fehler steigt
die Kurve in Richtung Aty — 0 wieder an, da die Schrittzahl pro Gyration sehr hoch
ist und sich die Fehler entsprechend fortpflanzen. Um auf sinnvollen Simulationszeits-
kalen zu bleiben empfiehlt es sich einen Zeitschritt > 1071 zu wdihlen, dessen relative
Abweichung im Bereich 1075 liegt und somit vollkommen ausreichend ist.

den. Um jedoch die Gyrationsperiode auf einem simulierbaren Mafistab zu halten, wird
zusétzlich eine maximale Anzahl von Simulationsschritten pro Gyration als Grenzwert
gesetzt. Der Zeitschritt At wird nun sukszessive reduziert und die Gyrationsbewegung
erneut gestartet, bis diese beiden Abbruchbedingungen erfiillt sind. In Abbildung [4.4
findet sich eine exemplarische Messreihe dieser Methode. Zusétzlich wird der ermittelte
Zeitschritt einer Plausibilitatspriifung unterzogen, um die Trennung des kinetischen und

fluiddynamischen Regimes sicher zu stellen.
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Wenn die Startzeit der Testteilchen erreicht ist, erfolgt die Ubergabe der w®-Felder.
Damit beginnt der schematische Ablauf, der in Abbildung [4.5| illustriert ist.

== =

1 (,“'|3;/mo@2 Particles ‘

.«

Abbildung 4.5.: Schematischer Ablauf der Testteilchensimulation. Dieser Programm-
teil st abhdangig von GISMO-MHD und wird von dort aus gesteuert. Die Farbkodierung

ist gemdfs [{.3,

C"|svvvo®- MHD

(=

Magnetische und elektrische Felder

Die Feldgrofien werden unabhéngig von den Teilchen in der MHD-Beschreibung geméf
Kapitel [4.1] simuliert. Dabei ergeben sich drei wesentliche Unterschiede zu den, von den

Testteilchen benotigten, elektrischen und magnetischen Feldern.
(I) Die MHD-Felder liegen in Elsdssernotation als vorwérts und riickwérts laufende

Wellen w* vor.

(I1) Zwar sind die Felder w* mit periodischen Randbedingungen ausgestattet, diese
werden aber implizit durch die FF'T generiert, da die zeitliche Evolution der MHD-
Gleichungen im Fourierraum stattfindet, in dem keine Randbedingungen vorliegen.

Die Teilchen benotigen jedoch Realraumfelder mit periodischen Réandern.
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(ITI) w* werden durch ein Gitter der Auflésung N = N, x N, x N, diskretisiert und
sind folglich in Zellen untergliedert, wiahrend die Teilchen einer kontinuierlichen
Ortsbeschreibung im Simulationsgebiet folgen.

Der erste Punkt ldsst sich leicht beheben, indem man zunéchst die Riicktransformati-
on in b— und v—Felder geméaf den Gl.en|3.61] oder|A.7/und [A.§ durchfiihrt. Anschliefend

verwendet man das ideale Ohmsche Gesetz um die elektrischen Felder durch

E=—-uxb (4.61)

zu berechnen.

Um Punkt (II) zu realisieren, werden den so gewonnenen E— und b-Feldern anschlie-
Bend Rénder mit der Breite von zwei Zellen in jeder Richtung angefiigt. Diese Rénder

werden jeweils mit den Feldwerten der gegeniiberliegenden Seiten gefiillt.

Der dritte Punkt ist etwas komplexer, da man eine geeignete Interpolationsmethode
finden muss, um das Feld am Ort eines Teilchens zu bestimmen. Es erweist sich als unzu-
reichend, auf jedes Teilchen direkt das Feld einer Plasmazelle wirken zu lassen, vor allem
bei geringen Auflésungen N. Auch eine lineare Interpolation, also eine simple Zellmittel-
wertbildung weicht deutlich von analytischen Ergebnissen ab. Eine sehr gute Genauigkeit
im Einklang mit annehmbaren Rechenaufwand, wird durch eine Interpolation mit einem

Polynom 3. Grades
S()=co+ecrx+coa®+eza’ (4.62)
mit den Koeffizienten ¢; erzielt, was in dreidimensionaler Form
S(z,y,2) = cyp 'y’ 2F, (4.63)

unter Anwendung der Einsteinschen Summenkonvention, eine Matrixgleichung ergibt.
Um die Felder sémtlicher Nachbarzellen durch diese Methode zu interpolieren muss die
64 x 64 Koeffizientenmatrix c;;;, lediglich einmal bestimmt werden, da deren Form un-
abhéngig von der Auflosung des Gitters ist. Diese Matrix wurde von [Weiss| (2011)) durch
Mathematica berechnet und wird in GISMO verwendet. Zusammen mit dem Ort des
jeweiligen Teilchens, ist das Gleichungssytem bestimmt und das Feld kann recht

exakt ermittelt werden. Solche Glattungsverfahren mit beliebigen Polynomen, die durch
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Fixpunkte bestimmt sind, bezeichnet man auch als Splines. Begriff und Methode wurden
durch [Schoenberg| (1946) geprigt, der vom Schiffsbau inspiriert wurde, wo sogenannte
Straklatten (engl.: Splines) sich entlang des Schiffskérpers biegen, da sie an dem Grund-

geriist, also den Spanten, punktweise fixiert werden.

Eine Konsequenz aus dieser Interpolationsmethode ist, dass die Felder mit einem
Rand erweitert werden miissen, indem die periodischen Ubergange zu den gegeniiber-
liegenden Seiten gespeichert sind. Nur dadurch kann eine korrekte Feldinterpolation fiir

Teilchen erfolgen, die sich Nahe der Grenze der Simulationsbox befinden.

Sind die elektrischen und magnetischen Felder am Ort des jeweiligen Testteilchens
bekannt, wird im néchsten Schritt der Boris-Push ausgefiihrt. Dabei wird das Gleichungs-
sytem gelost um die Geschwindigkeit des Teilchens zu aktualisieren. Der Ort

kann dann geméf
L1 = Tt +v + dt (464)

neu zugewiesen werden.

Im abschlielenden Schritt der Testteilcheniteration wird gepriift, ob sich der aktuelle
Ort noch innerhalb der simulierten Box befindet. Falls die Grenzen iiberschritten wurden,
wird das entsprechende Teilchen periodisch an den gegeniiberliegenden Rand transferiert.
Da GisMmo vollstandig parallelisiert ist, muss an dieser Stelle ebenfalls gepriift werden,
ob das Teilchen seine lokalen Koordinaten, also die Grenzen des aktuellen Prozesses,
verlassen hat. Gegebenfalls muss eine Prozessoriibergabe erfolgen. Dieses und weitere

Details der Parallelisierung werden im néchsten Abschnitt diskutiert.

4.3.3. Parallelisierung

Ein GroBteil der physikalischen Problemstellungen bediirfen hoher Orts- und somit Wel-
lenmodenauflésung. Bereits Gittergrofien mit mehr als 1282 Zellen, die lediglich 21 aktive
Moden beinhalten, kénnen nicht mehr sinnvoll auf einem lokalen Rechner durch einen
einzelnen Prozessor (CPU, engl.central processing unit), berechnet werden. Es ist also
unabdingbar eine Parallelisierung durchzufiihren, um eine Simulation auf mehrere CPUs
zu verteilen. Die Grundidee ist es demnach ein Ausgangsproblem, dass auf dem soge-

nannten globalen Gitter definiert ist, in kleinere, sogenannte lokale Gitter, zu unterteilen.
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Ein Vorteil pseudospektraler Methodik liegt in der ortsunabhéngigen Behandlung des
Gleichungssytems. D.h. es ist nicht notig periodische Randbedingungen oder korrekte
Ubergaben zwischen den Prozessen zu gewihrleisten. Lediglich die Fouriertransformation
muss ganzheitlich {iber das globale Gitter kommunizieren. Aus diesem Grund wurde die
P3DFFT als Fouriertransformation ausgewéhlt, denn sie bietet eine parallel ausfithrbare
FFT an, die zudem eine beliebige Prozessoraufteilung zuldsst. Ein Grofteil der Paralle-
lisierung von GiIsSMO-MHD wird somit bereits durch die P3DFFT erledigt. Im Speziellen
wird die Prozessorkommunikation intern von der P3DFFT ausgefiihrt, die sich der Par-
allelisierung vermittels des MPI bedient. Es muss lediglich sichergestellt werden, dass

die Berechnungen auf den korrekten lokalen Koordinaten erfolgen.

Die Parallelisierung von GisMoO-Particles erweist sich als schwieriger. Die Testteilchen
werden ausschliellich im Realraum simuliert. Demnach muss eine korrekte Randiiber-
gabe und Prozessorkommunikation erfolgen. Da bereits die Prozessanordnung und Git-
teraufteilung durch MPI intern von der P3DFFT initialisiert wurde besteht bereits ein
MPI_COMM_WORLD, sowie ein kartesischer MPI_CART_COMM Kommunikator. Leider ist in
der verwendeten Version der P3DFFT (V 2.4) kein Standardzugriff auf diese MPI-
Funktionen méglich. Daher wurde die PSDFFT angepasst. Dieser stark technische Aspekt
wird dem interessierten Leser im Anhang [D] erlautert. Speziell der kartesische Kommu-

nikator spielt eine zentrale Rolle, da er die CPU-Aufteilung beinhaltet.

Im ersten Schritt der Parallelisierung von GisMoO-Particles miissen die elektrischen
und magnetischen Felder auf dem lokalen Gitter definiert werden. Durch die, im vor-
angegangenen Kapitel erlduterten Splines, muss auch an dieser Stelle jedes lokale Feld
einen Rand erhalten, der die Informationen der Feldwerte des benachbarten Prozesses
enthélt. Es werden demnach bei der Berechnung von E und B vermittels des kartesi-

schen Kommunikators, die Randwerte der lokalen Nachbargitter kopiert.

Im zweiten Schritt miissen schliellich noch die Testteilchen an sich parallelisiert wer-
den. Zu diesem Zweck wird nach dem Boris-Push, mit der darauffolgenden Ortsaktua-
lisierung fiir jedes Teilchen iiberpriift, ob es sich weiterhin auf seiner ursrpiinglichen
CPU authélt. Falls nicht, wird es in eine Transferliste eingetragen, die nach Priifen aller
Teilchenorte die Ubertragung zwischen den Prozessen markiert. Um eine hohe Effizienz
zu erhalten, darf ein Teilchen dabei nicht weiter als zu einem direkten Nachbarprozess
iibermittelt werden, da ansonsten die Kommunikation zwischen sédmtlichen Prozessen

stattfinden miisste. Diese Optimierung bringt keinerlei Einschriankungen mit sich, da
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im Normalfall ein solcher Transfer auch durch die CFL-Bedingung (vgl. Kapitel |4.3.1))

instabil sein wiirde und folglich nicht zuléssig wire.

Im Wesentlichen ist mit diesen Schritten der Kernpunkt der Parallelisierung von Gis-
MO erfasst. Um zu priifen, ob dies erfolgreich durchgefiithrt wurde, sind Skalierungstests
gemacht worden. Diese bemessen, inwiefern eine optimale Parallelisierung vorliegt, d.h.
ob eine Problemstellung sinnvoll von mehreren Prozessen bearbeitet werden kann oder ob
durch die unausweichliche CPU-Kommunikation mehr Rechenlast als Nutzen entsteht.

Die Resultate in Anhang |E] zeigen eine nahezu optimale Parallelisierung von GIisMoO.

4.3.4. Normierungen

Es ist in numerischen Verfahren ein probates Mittel die Variablen und Gleichungssétze
zu normieren. Dies kann zur Ubersichtlichkeit und Stabilitiit beziiglich der Maschinenge-
nauigkeit beitragen. Die Normierung von GISMO trennt sich in die mathematische Norm
der P3DFFT und die physikalischen Skalierungen.

Norm der Fouriertransformation

Wie schon in Kapitel diskutiert, erhalten die Felder durch die FFT nach jeder
Transformation vom Realraum in den Wellenzahlraum einen Faktor N. Somit muss
nach je zwei FFTs eine Normierung durch die Anzahl der Gitterpunkte erfolgen. Am

Beispiel in einer Dimension ist die diskrete Fouriertransformation also:

F(k)=N-Y_ f(x)e k=N (4.65)

fl@) =" F(k)e*m/N (4.66)

Wie in Abbildung [4.3] ersichtlich, werden folgende drei FETs pro MHD-Schritt aus-
gefiihrt:

1) Werte des aktuellen Zeitschritts von w werden in den Realraum transformiert

(C2R), um die Nichtlinearitdten zu berechnen:

w(k) = w(r)
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2) Anschlieflend wird direkt eine Riicktransformation durchgefiihrt, um die korrekten,

hermitesch symmetrischen Felder w herzustellen (R2C):
w(r) = w(k)
3) Nach der Berechnung von ww wird wieder zuriicktransformiert (R2C):
ww(r) = ww(k)

Die entsprechenden Normierungen erfolgen dann in dieser Form:

1) C2R: Normierung mit 1/\/N:

w(k) = —=w(r
(k) = —w(r)
2) R2C: Erneute Normierung mit 1/4/N, womit sich der nétige Gesamtfaktor N~

ergibt:
1

N .
VN T NN

3) R2C: bei der Transformation der Nichtlinearitdten ist keine Normierung mehr

w(r) (k)

notig, da bereits durch die Norm unter Punkt 1) der Gesamtfaktor N—! erzeugt

wurde:
1 N

mww(r) = mﬂ)\(v

Es kommt hinzu, dass die Realraum Felder aufgrund der hermiteschen Symmetrie die

(k)

doppelte Amplitude tragen, so das sich folgender Zusammenhang ergibt:
w(k) = —=w(r) (4.67)

Die Normierung in GISMO ist so gewéhlt, dass die Energie zwischen Real- und Fourier-

raum entsprechend dem Parsevalschen Theorem erhalten ist:

ok = S ()P (4.68)
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Physikalische Skalierung

Die physikalischen Werte werden in GiISMO durch die Basisnormierung der Ladung ¢,

der Masse m, der Massendichte p, des Ortes x , sowie der Plasmageschwindigkeit u

q=q¢q (4.69)
m = mom’ (4.70)
p=pop (4.71)
x = Loa' (4.72)
u=uyu (4.73)

festgelegt. Aulerdem lassen sich die einzelnen Dimensionen durch den Skalierungsvektor

lbox = (lbm lby7 lbz)T (474)

anpassen. Uber diese Norm ist auch der Wellenzahlvektor

by

2
kyox = L_ﬂ- (k; lb_zlv k’; l_l k; lb_zl)T (475)
0

definiert. Im folgenden Ergebnisskapitel wird haufig die numerische Wellenzahl benutzt,
die einem ganzzahligen numerischen Gitter entspricht (vgl. Kapitel [4.3.1]).

Mit der Wahl der Skalierung der MHD-Gleichungen in Kapitel [3.1.4] folgt fiir das

Plasmamagnetfeld die Normierung

b= bo b/ = 1/ 47Tp0 b,. (476)

In diesem System verbleibt die Plasmageschwindigkeit unskaliert

u=mugu "= [c?m] : (4.77)

also entspricht der numerische Wert vom Betrag her dem physikalischen Pendant, zuziiglich
der Dimension. Die Teilchengeschwindigkeiten v = vyv" folgen der selben Norm, also
Vg = Ug.

Durch die Wahl dieser Skalierung entspricht die Alfvéngeschwindigkeit im Betrag dem

Wert des numerischen Hintergrundmagnetfelds.
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Die Normierung der Zeitskala ist dementsprechend durch Systemgrofie und Geschwin-
digkeitsnorm bestimmt: .
t=tot = 2¢. (4.78)

Ug

Wendet man die Norm auf die Lorentzkraft (Gl. an

F:%(—uxb+v><b)
/

— qouoboq—(—u’ x b +v xb), (4.79)
c
erhilt man geméfl F' = FyF’ den Skalenfaktor
FU = qouobo. (480)

Es folgt somit fiir die Bewegungsgleichung p = F' der Testteilchen die Normierung

ugmo dp’  ugmg dp’
to At/ Lo dt

dp'  qoboL
P _ 9% pr (4.81)

dt’ N mMoUg

Aus der angegebenen Norm lédsst sich schliellich die Energieinjektionsrate S, ska-
lieren. Diese ist durch die Energienorm E, = pou? pro Zeitskala gegeben, was folglich

zu

2 3
S, = 8,08, = Xgr — P00 g (4.82)
to L()

fithrt.

4.4. Kritische Betrachtung und Grenzen des Modells

Mit der vorgestellten Phénomenologie und deren theoretischen Grundlagen, sowie Um-
setzung in der Methodik, ist das Modell nun ausreichend beschrieben. Zum Abschluss

soll an dieser Stelle noch einmal dessen Giiltigkeit herausgestellt und bewertet werden.

Das Ziel dieser Dissertation ist es Phédnomene innerhalb der Heliosphére zu untersu-
chen. Dies gliedert sich zum einen in die Modellierung wellendominierter Plasmaturbu-
lenz und zum anderen in Teilchentransport-, sowie Beschleunigungsphdnomene. Dabei

wurde fiir die Turbulenzsimulation die Methodik der inkompressiblen Magnetohydro-
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dynamik gewéhlt, wohingegen das Teilchenmodell die kinetische Beschreibung durch

direkte Simulation der Lorentzkraft benutzt.

4.4.1. Modell der Plasmaturbulenz

Wie bereits in der Phénomenologie herausgearbeitet wurde, ist die Heliosphére duflerst
komplex und demnach nur schwer mit einer einzelnen Methode zu beschreiben. Folglich
ist zunéchst entscheidend, welche Skalen von Interesse sind. Fiir raumliche Ausdehnun-
gen, die grofler als die mittlere freie Weglédnge der Plasmateilchen sind, liegt ein kol-
lisionsdominiertes Plasma vor. Fiir solche Bereiche ist die Magnetohydrodynamik eine
auferst gute Methode, solange man kinetische Effekte vernachléssigen kann, die oberhalb

der Tonen-Zyklotron-Frequenz eine Rolle spielen.

Ist die MHD anwendbar, muss ein geeignetes Gleichungssystem gewéhlt werden. Im
Wesentlichen unterscheidet man an dieser Stelle zwischen der inkompressiblen und kom-
pressiblen Theorie. Zwar lasst sich durch letztere ein allgemeineres Modell erstellen,
allerdings birgt die numerische Umsetzung i.d.R. erhebliche Probleme. Als gravierendes
Problem sei hier die numerische Dissipation genannt, die zu einer starken Reduktion
des Intertialbereiches des Kolmogorovspektrums fithrt und somit im Kontrast zu den
Beobachtungen steht. Hier liegt der Vorteil in der inkompressiblen Methodik, mit der
man in der Lage ist eine realistische Plasmaturbulenz bis hin zu kleinen Skalen zu simu-
lieren. Des Weiteren liegen viele Phdnomene im inkompressiblen Regime. So sind weite
Teile der Heliosphére Alfvénwellendominiert, vor allem aufgrund der starken Ddmpfung
kompressibler Moden, was in diesen Bereichen eine Anwendung der iMHD rechtfertigt.
Im Speziellen ist der schnelle Sonnenwind weitestgehend als inkompressibel zu betrach-
ten, wie in Kapitel diskutiert. Dabei sollte das physikalische Gebiet allerdings klein
genug sein um Storeffekte zu vermeiden. Das gewihlte Modell ist beispielsweise nicht
mehr auf Skalen anwendbar, auf denen die Kriitmmung des Hintergrundmagnetfeldes der
Parkerspirale dominant wird. Auflerdem konnen spezielle Gebiete, wie die CIRs nicht

korrekt dargestellt werden, da dort ein hohes Mafl an Kompressibilitiat vorliegt.

Eine weiterer Vorteil der inkompressiblen MHD liegt in der Moglichkeit der theoreti-
schen Beschreibung der Turbulenz. So sind die Modelle von Sridhar u. Goldreich! (1994));
Goldreich u. Sridhar| (1995)), die eine anisotrope Energiekaskade vorhersagen, sehr gut
etabliert. Fiir kompressible MHD-Turbulenz gibt es hingegen derzeit keine geschlossene
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Theorie.

Um inkompressible MHD-Turbulenz zu erforschen bietet GISMO eine ideale Grund-
lage. So konnen unterschiedliche Szenarien simuliert werden. Das Treiben der Turbulenz
kann beliebig an das jeweilige Szenario angepasst werden. So ist es moglich spezielle
Moden anzuregen, anisotrop oder isotrop zu treiben, nach einmaliger Energieinjektion
den Zerfall von Turbulenz zu untersuchen oder kontinuierlich Energie in das System
einzuschiefilen, nur um einige signifikante Optionen zu nennen (vgl. Kapitel . Des
Weiteren erlaubt die Parallelisierung die Portierung des Problems auf Grofirechner, um

eine moglichst hohe Auflésung der Wellenmoden zu erhalten.

Abschlieend sei noch erwéhnt, dass die Anwendungsmoglichkeiten von GISMO nicht
auf die Heliosphére beschrankt sind. Beispielsweise kann auch eine Vielzahl von Ge-
bieten im interstellaren Medium (ISM) simuliert werden. Dies liegt vor allem an der
Alfvénwellendominanz, da auch im ISM effiziente Dampfungsmechanismen speziell auf

kompressible Moden wirken.

4.4.2. Modell des Teilchentransports

Die Simulation des Teilchentransports ist durch die Wahl der Methodik gegeniiber ande-
ren Modellen duflerst exakt. Der Einfluss der Feldgrofien auf die Teilchen wird realistisch
durch die Lorentzkraft beschrieben. Dabei werden so gut wie keine Néherungen getrof-
fen, d.h. die Teilchen folgen ihren tatséchlichen Trajektorien unabhéngig von lokalen
Storungen im Magnetfeld, die beispielsweise von der quasilinearen Theorie nicht erfasst

werden konnen.

Mit der Umsetzung durch den Boris-Push wird zudem der numerische Fehler drastisch
reduziert. Die Teilchen folgen durch dieses implizite Verfahren immer stabilen Gyrati-
onsbahnen, die lediglich im Rahmen der numerischen Genauigkeit minimal abweichende
Larmorradien haben, jedoch nicht diese Trajektorie aufgrund numerischer Effekte verlas-
sen (wie z.B. instabile Spiralbahnen). Durch das automatische Anpassen des Zeitschritts,
bei jeder Initialisierung einer Simulation, an eine gewiinschte relative Abweichung (vgl.
Kapitel ist eine hohe Genauigkeit stets gewéhrleistet. Die Grenze dieses Verfah-
rens liegt in der Beschreibung ultrarelativistischer Teilchen. So liefert der Boris-Push
keine zuverlissigen Ergebnisse ab Gammafaktoren iiber v &~ 103 (vgl. Kapitel .

Die Parallelisierung von GISMO erlaubt es problemlos realistische Teilchenzahlen von
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105 in Standardsimulationen zu berechnen. Der Vorteil solcher grofien Anzahlen liegt in
der sehr guten Statistik, so dass man physikalische Effekte deutlich vom statistischen

Rauschen unterscheiden kann.

Eine wichtige Grenze der verwendeten Methodik liegt in der Riickwirkung der Teil-
chen auf das Hintergrundplasma. Diese kann von GISMO nicht dargestellt werden, da die
Regimes von Magnetohydrodynamik und kinetischem Teilchenmodell physikalisch strikt
getrennt sind. Es zeigt sich jedoch, dass dies kein gravierendes Problem darstellt, sofern
man nicht an der Verédnderung der Turbulenz durch die Teilchen interessiert ist. In die-
sem Fall wiirde die Landauddmpfung, also das Entziehen von Energie aus Wellenmoden

bei resonanten Welle-Teilchen-Interaktionen, ein wichtige Rolle spielen.
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5. Ergebnisse

Die Ergebnisse dieser Dissertation werden analog zu den vorangegangen Kapiteln in zwei
Teilen présentiert. Im ersten Abschnitt werden Resulate aus der Simulation von Plas-
maturbulenz vorgestellt. Dabei wird ein spezieller Bezug zu der Entwicklung verstéarkter
Wellenmoden hergestellt, die das Szenario eines koronalen Masseauswurfs oder eine Fla-
res widerspiegeln sollen (vgl. Kapitel . Der zweite Teil widmet sich dem Transport
und der Streuung von kinetischen, geladenen Teilchen an eben solchen getriebenen Wel-
lenmoden. Hier liegt das Augenmerk auf der Anderung des Pitchwinkelkoeffizienten und
der damit zusammenhéngenden Beschleunigung, die Teilchen in den SEP-Ereignissen
erfahren (vgl. [2.5)). Zu diesem Zweck werden Testteilchensimulationen im Hintergrund-

plasma mit verstiarkten Wellenmoden durchgefiihrt.

Um signifikante wissenschaftliche Aussagen treffen zu konnen, muss man das verwen-
dete Modell einer ausfiihrlichen Priifung unterziehen. So wird GISMO mit seinen Sub-
routinen GISMO-MHD und GI1sSMO-PARTICLES zunéchst anhand verschiedener Testfélle

validiert.

5.1. Validierung von Gismo

Die Konstruktion von Testfillen ist ein wichtiger Schliisselpunkt der numerischen Be-
schreibung. Neben der unbedingt erforderlichen Validierung des Modells, erzeugt das
Berechnen analytisch und physikalisch nachvollziechbarer Szenarien ein tiefergehendes
Verstdandnis. Die Schwierigkeit besteht darin, solche Testféille zu finden, die nichttrivi-
al und dennoch analytisch zu berechnen sind. Zu diesem Zweck werden im Folgenden
zunachst Grundlagentests erstellt, die einfache physikalische Eigenschaften beschreiben,

um anschlieSend komplexere Testfille durchzufiihren.
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5.1.1. Testfille der MHD

Wellenbewegung

Der einfachste Test der MHD-Gleichungen betrifft den Einfluss des Hintergrundmagnet-
feldes auf eine Alfvénwelle ohne Resitivitdt (¥ = 0). Wie man sich leicht klar machen

kann, reduziert sich folglich durch die Initialisierung einer einzelnen Welle, der Satz der
MHD-Gleichungen auf

(0 — vak,) W, = (5.1
((9,5 + UAkz) ”u?;r = 5.2
ko b= =0, (5.3)

da die nichtlinearen Terme stets einen Faktor Null beinhalten. Dementsprechend sollte
die Zeitentwicklung lediglich eine Einzelwelle aufweisen, die entweder parallel (w™) oder

antiparallel (w™) zum Hintergrundfeld propagiert.

In Abbildung ist eine beispielhafte Testsimulation dargestellt. Die eingestellte
Alfvéngeschwindigkeit war 107 cm - s~!. Als Startwert wurde eine Welle mit Kosinusform
in z-Richtung gewihlt, wobei die Simulationsbox mit L = 10® cm durch 1283 Gitterzellen
aufgelost wurde. Nach 4 s physikalischer Simulationszeit wurde eine Messung vermittels
Schnitt entlang der z-Achse vorgenommen und die Phasendifferenz zwischen w* und In-
itialwelle ermittelt. Wie erwartet, hat sich die w™-Welle um 51,2 Gitterzellen in positive
Richtung bewegt, was bei einer dufieren Lingenskala von 10%cm eine physikalische Di-
stanz von 4 - 107 cm darstellt. Folglich hat sich die Welle exakt mit Alfvéngeschwindigkeit
bewegt. Gleiches gilt fiir die w~ Welle, die sich 51,2 Gitterzellen in negative Richtung
bewegt hat. Zur besseren Vergleichbarkeit wurden die Kosinuskurven mit entsprechender
Phasenverschiebung abgebildet. Die Messpunkte liegen sehr gut auf dem theoretischen
Verlauf.

Damit ist die Grundlage fiir komplexere Testfille gelegt.
Nichtlinearer Testfall

Die vollstandige MHD-Entwicklung zu beliebigen Zeiten nachzuvollziehen, ist auf analy-
tischem Wege nicht moéglich. Durch die nichtlineare Wechselwirkung kénnen verschiedene
Moden aneinander koppeln und neue Wellen erzeugen (vgl. Kapitel [3.1]und [3.2)), die sich
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Abbildung 5.1.: Grundlagentestfall von purer Alfvénwellenpropagation. Zur besseren
Darstellbarkeit wurde ein Schnitt entlang der z-Achse durch den dreidimensionalen Real-
raum durchgefiihrt. Die Initialwelle (rote Punkte) wurde mit beliebiger Amplitude und
E' = (0,0,1)T fiir w", sowie w™ definiert. Die Messwerte fiir beide Wellen wurden nach
4 s physikalischer Simulationszeit genommen. Die Ldngenskala der Simulationsbox ent-
spricht 10%cm, die Alfvéngeschwindigkeit betrigt 107 cm- s~t. Zum Abgleich wurden die
beiden Kosinuskurven mit der erwarteten Phasenverschiebung eingezeichnet.

wiederum mit anderen Wellen {iberlagern. So kann schon nach wenigen Schritten keine
analytische Berechnung mehr erfolgen. Dennoch kann man einen Testfall konstruieren,

der halb-analytisch den ersten Zeitschritt vorhersagen kann.

Um zunéchst methodische Fehler auszuschliefen, wird die analytische Rechnung le-

diglich fiir die Realraumgleichungen

o o _
0 + + 9 +
W =W -Vw +VP+vAazw , (5.5)

durchgefiihrt. Zur Vereinfachung wurde erneut v = 0 gesetzt.
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Der Testfall muss nun so konstruiert werden, dass der nichtlineare Term erhalten
bleibt. Dies ist, wie bereits in Kapitel eruiert, nur der Fall, wenn mindestens zwei
unterschiedlich propagierende Wellenpakete aufeinander treffen. Um zu ermitteln, wel-
che der Vektorkomponenten von w¥ fiir diesen Test initialisiert werden miissen, ist es
hilfreich sich die Form von wt - Vaw ™ zu verdeutlichen. Bei genauerer Betrachtung wird

klar, dass die Verkniipfung dieses Terms eine Tensorkontraktion der Form

wyd,wi + wy dywi + wrd.w
w® - Vw = | widwl +wridwf +wFow} (5.6)

+ F + F + F
wy O,wl +widywt + wrdwj]

darstellt. Anhand dieses resultierenden Vektors ist man schlie8lich in der Lage verschie-
dene Komponenten zu wihlen, so dass w™ - Vaw™ # 0. Dabei ist die Quellenfreiheit von

+

w™ zu beachten. Es wurden verschiedene Kombinationen zur Validierung von GISMO

getestet. Hier soll die Wahl

w = Ay sin(kT% + k)

w, = Azsin(k; z +ky + ¢), (5.7)
als Beispiel dienen. Dadurch ergeben sich die folgenden nichtlinearen Terme

0
w” - Vwt = 0
w, Opw;
0
= 0 (5.8)
Ay Aok TP cos(kT + kThx) sin(ky 2z +k1y + ¢)

wlo,wy
w” - Vwt = 0
0

Ay Aok sin(k Ty + kThx) cos(k z+kiy+9)
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Nun wird der Druckterm geméifl Kapitel und [3.1.5] Gl. [3.65| durch bilden der Di-

vergenz der MHD-Gleichungen ermittelt, was durch

V2P =Vwt @ Vw™, (5.10)

die MHD-Entwicklung schliefit. Anhand des gewéhlten Beispiels ergibt sich der Druck-

term zu

V2P = 0,(w}0.w;) = 0.(w, d,w])
= AlAzkak[ cos(k Ty + k') cos(k 2 +kiy+¢). (5.11)

Diese partielle Differentialgleichung lésst sich beispielsweise durch Fouriertransformation

losen

Ay Ay kT ke
V2 k?

P =

[0 (B(=kE? + ko) S(KL® + KL — k) 6(—kj + k)
(KT + ko) Sk — kT + k) 6(—ky + 1@)
0 (S(—k1" + k) (=KL + KT + ky) S(K] + k2)
FO(KT 4 ko) S(RTE 4 kT + k) Ok + k))] (5.12)
und ergibt fiithrt zu
cos(kTPx + kT%y — kTy — kjz—¢)
(K1) + (k)2 + (k1" — k)

cos(kTPx + kT + ky + kiz+0)
(KT)2 + (k) + (k1" + k1)

1
pP= §A1A2kjbk[ (

+

(5.13)

Im néchsten Schritt kann nun die Zeitentwicklung berechnet werden. Zu diesem Zweck
wurde eine kurzes C-Programm geschrieben, dass einen einzelnen Zeitschritt durch das

Euler-Verfahren ermittelt.

Schlielich wurden mit GisMO die selben Startbedingungen geméfl den Gl.en
gewihlt und ebenfalls ein Euler-Schritt berechnet. Dementsprechend sollte eine sehr
gute Vergleichbarkeit zwischen den halbanalytischen w® Feldern und den Resultaten

von GISMO vorliegen.
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Abbildung 5.2.: Auszug eines beliebigen eindimensionalen Schnitts entlang der z-Achse
fiir das w* Feld, jeweils fiir den nichtlinearen Testfall fiir GISMO und den halbanalyti-
schen Resultaten. Beide Lésungsmethoden liefern nahezu identische Ergebnisse.

Zur Veranschaulichung der Testergebnisse wurden erneut beliebige eindimensiona-
le Schnitte aus den Feldern extrahiert und miteinander verglichen. In Abbildung [5.2
findet sich beispielhaft ein Auszug eines Schnitts entlang z-Richtung fiir das w™ Feld.

Offensichtlich liegt bereits qualitativ eine sehr gute Ubereinstimmung vor.

Um einen quantitativen Vergleich zu ziehen, wurde die relative Abweichung zwischen
den halbanalytischen Kurven und den Ergebnissen von GISMO berechnet. Die Ergebnisse
in Abbildung [5.3| liegen weit unterhalb der Promillegrenze.

Es wurde durch diesen nichttrivialen Testfall eine solide Validierung von GISMO-
MHD erreicht. Im néchsten Schritt soll nun noch ein numerisches Standardproblem

eines turbulenten Systems iiberpriift werden.
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Abbildung 5.3.: Quantitative Uberpriifung der Ergebnisse aus Abbildung . Die Ab-
weichungen zwischen den theoretischen Ergebnissen und GISMO sind vernachldssigbar
klewn.

Taylor-Green-Vortex

Taylor u. Green| (1937)) konstruierten ein spezielles Szenario fiir die hydrodynamischen

Navier-Stokes-Gleichungen, mit den Startbedingungen

sin(x) cos(y) cos(z)
(5.14)

u=1uy | —cos(x)sin(y)cos(z) |,

0

um die Eigenschaften von Turbulenz genauer zu untersuchen. Die Grundidee dabei war,
gegeneinander rotierende, dreidimensionale Vortizes und deren Zerfall zu betrachten.
Die Entwicklung der z-Komponente von v wird durch den Druckgradienten erzeugt. Vor
allem lag der Fokus dieses Problems auf der Untersuchung der Energiekaskade zu kleine-
ren Langenskalen, die fiir das spéter entwickelte Kolmogorov-Modell eine entscheidende
Rolle spielt (vgl. Kapitel . Der Vorteil dieser Methode liegt in der starken Symmetrie
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Abbildung 5.4.: Realisierung des Taylor-Green-Vorter durch GISMO. Links sind die
Startwerte fiir u abgebildet, rechts die fir das Magnetfeld b. Beide Initialisierungen

beschreiben den Fall isolierender Winde. Sehr gut erkennbar sind die gegenrotierenden
Wirbel, die in der zeitlichen Entwicklung zu turbulenter Energickaskadierung fiihren.

der Anfangsbedingungen und deren Erhaltung iiber einen langeren Zeitraumﬂ wodurch
das Problem sogar teilweise durch analytische Ansétze verfolgt werden kann. Prinzipi-
ell entspricht dies einem von Kdrman-Fluss zwischen zwei Wirbeln mit verschiedenem
Rotationssinn. Das hatte speziell fiir die damalige Zeit grofle Bedeutung, da die Experi-
mente durch von Kéarmén Pionierarbeit der Turbulenzforschung darstellten. Heutzutage
ist der Taylor-Green-Vortex immernoch ein wichtiges Instrument zur Untersuchung von
Turbulenz und wurde auf den Formalismus der Magnetohydrodynamik ausgeweitet. Ein

wesentlicher Vorteil fiir die numerische Behandlung ist das Einsparen von Rechenzeit

aufgrund der Symmetrien (Lee et al.| 2008).

Um die Anfangsbedingungen auf die Magnetfelder fiir die MHD-Behandlung anzu-
passen, miissen dhnliche Symmetrien gefunden werden. Eine Moglichkeit, die hier an-
gewendet werden soll, ist die sogenannte ,,Isolationsbox®“. Der Name leitet sich aus den

isolierenden Wénden der Simulationsbox ab, auf denen das Magnetfeld immer senkrecht

ltypischerweise Entwicklungsskalen im Sekundenbereich
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steht. Die Startwerte geniigen dabei

cos(x) sin(y) sin(z)
b =10 sin(x) cos(y) sin(z) : (5.15)
—2 sin(x) sin(y) cos(z)

Die Wahl der Konstanten wurde dabei analog zu Lee et al.| (2008) mit vg = 1 und by =
1/4/3 getroffen, um eine Vergleichbarkeit der Ergebnisse zu erzeugen. In Elséissernotation

lassen sich die Startbedingungen entsprechend durch

sin(x) cos(y) cos(z) F \/Lg cos(x) sin(y) sin(z)

w® = | —cos(z)sin(y) cos(z) F \/Lg sin(x) cos(y) sin(z) (5.16)
j:\/%: sin(z) sin(y) cos(z)
beschreiben.
01 : :
i ' Emaglks t=2.55)  +
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Abbildung 5.5.: Totales Energiespektrum des Magnetfeldes nach 2.5s Entwicklungszeit
im Taylor-Green-Vortex Test. Fiir die Simulation wurde eine Auflisung von 2563
gewdahlt.
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Abbildung zeigt das Magnetfeld-Energiespektrum nach einer Entwicklungszeit
von 2,5 s. Zum Vergleich wurde das gleiche Spektrum aus einer dhnlichen Simulation

von |Lee et al| (2008) herangezogen. Dieses ist in Abbildung [5.6| dargestellt.
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Abbildung 5.6.: Vergleichsspektrum zu Abbildung aus |Lee et al.| 420081).

Die Resultate der Simulation durch GISMO zeigen sehr gute Ubereinstimmung mit
den Simulationen von Lee et al.| (2008). Zwar verlduft das Spektrum etwas steiler, vor
allem bei groflen Wellenzahlen, dies liegt aber an der unterschiedlichen Auflésung der
Simulationsboxen. So wurde in [Lee etal| (2008) mit 5123 Zellen, eine 8-fach héhere
Auflésung gewihlt (vs. 256%). Dadurch ist der Bereich zum Antialiasingbereich auch nur

halb so grof3, was zu einem stérkeren Verlust von Energie durch das zero-padding fiihrt.

Der MHD-Teil des verwendeten Modells und dessen numerische Umsetzung wird so-

mit als hinreichend verifiziert angenommen. Es folgt im néchsten Abschnitt die Unter-

suchung der Testteilchen-Methodik.
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5.1.2. Testfille der Teilchensimulationen
Teilchengyration

Fiir die Simulation der Testteilchen soll ebenfalls zunéchst ein simpler Testfall durch-

gefithrt werden, um die grundlegenden Mechanismen zu iiberpriifen.

Das einfachste Szenario ist ein geladenes Einzelteilchen, dass sich in einem konstan-
ten und homogenen Hintergrundmagnetfeld bewegt. Gemafl der Lorentzkraft (Gl.
wird das Teilchen einer Spiralbahn folgen und keine effektive Beschleunigung erfah-
ren, d.h. keine Anderung seines Impulsbetrages. Als Validierung bietet sich demnach
eine Messung des Larmorradius an. Ein besonderer Augenmerk wird zusétzlich auf die
korrekte Rand- und Prozessoriibergabe gelegt, da, im Gegensatz zum MHD-Teil, die
periodischen Randbedingungen nicht implizit durch die FFT, sondern vermittels MPI-
Kommunikation generiert werden (vgl. Kapitel .

In Abbildung findet sich die Trajektorie eines Protons mit |v | = 10% cm-s™!
in einem Magnetfeld der Stirke B, = 1,737-10~* G, wie es von GISMO in einer Box
der GréBe Ly = 1,5-10% cm simuliert wird. Eine simple Direktmessung des Larmorra-
dius ergibt r; ~ 6,002-107 cm. Dies weicht lediglich um 1,4% von der theoretischen
Vorhersage ab. Dabei spielt die Ungenauigkeit im Messverfahren wohl die gréfite Rolle.
Wie bereits unter Kapitel vorgestellt, wird von GISMO standardméflig vor jeder
Simulation eine deutlich bessere Methode angewandt, mit der der Larmorradius bishin

zur Maschinengenauigkeit beliebig aufgelost werden kann.

Ein wichtiger Punkt ist die korrekte Prozessiibergabe des Teilchens. In Abbildung
5.7| wird dies durch die verschiedenen Farben der Datenpunkt visualisiert. Sobald das
Testteilchen den Prozess verlésst - entweder durch Wechseln zur anliegenden CPU oder
durch verlassen der Simulationsbox an den Réndern, erfolgt die periodische Ubergabe
zum néchsten Nachbarprozess. Dabei sind in den Ergebnissen keine Spriinge erkennbar.
Die Teilchentrajektorie wird fehlerfrei auf der Nachbar-CPU fortgesetzt.

E x B - Drift

Zur vollstandigen Uberpriifung der Lorentzkraft wird zu dem Hintergrundmagnetfeld

B, des vorangegangenen Tests, ein zusatzliches elektrisches Feld initialisiert. Dadurch
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Abbildung 5.7.: Finzelteilchenbewegung im konstanten, homogenen Magnetfeld. Das
Teilchen gyriert in der Ebene senkrecht zum Hintergrundfeld und bewegt sich zusdtzlich
mit der Initialgeschwindigkeit konstant in z-Richtung. Durch die verschiedenen Farben
werden die einzelnen CPUs dargestellt, die das Teilchen durchlduft. Start- und Endpo-
sition liegt auf CPU1 (+ Datenpunkte, links im Bild, ca.(0,4;0,4) in der xy-Ebene).
Prozessor- und periodische Randiibergabe funktionieren einwandfres.

entsteht die, in Kapitel beschriebene, Driftbewegung mit der Geschwindigkeit

Exb

Up (5.17)

Wahlt man das elektrische Feld konstant und homogen in y-Richtung, so entsteht die

resultierende konstante Driftbewegung

vp = e, (5.18)
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in x-Richtung. Hat das Testteilchen beispielsweise eine Initialgeschwindigkeit von

5-107
0

ist dessen tatséchliche Geschwindigkeit in x-Richtung

E
v2(t) = v, cos(Qt) + gy (5.20)

z

zusétzlich durch die Driftgeschwindigkeit iiberlagert. Wé&hlt man F, = 100 ESU und
erneut B, = 1,737-10~* G, so ist der Driftterm

E

_Ez = —5,758-10° cm 57!
E
= Vgy — Ey =4,942-10" cm s (5.21)

und entsprechend, der effektive Geschwindigkeitsbetrag gegeben.

Aus der Simulation durch GisSMO kann nun der Zeitverlauf von v, entnommen werden.
Abbildung[5.8|zeigt die Ergebnisse mit einem Offset von vg. Den Betrag der Geschwindig-
keit in x-Richtung erhélt man schliefSlich, indem man den halben Abstand zwischen mini-
maler und maximaler Geschwindigkeit misst. Dieser ergibt sich zu 0,5 (10% —1,5-10°) =

4,925-107 cm -s~* und weicht somit nur um 0, 35% von der Vorhersage ab.

Welle-Teilchen-Resonanz

Als abschlieender, komplexer Testfall wird eine Welle-Teilchen-Resonanz simuliert. Zum
einen ist diese Simulation von hoher Bedeutung, ob Teilchen mit beliebigen Startwerten,
physikalisch korrekt mit einer Welle interagieren. Zum anderen erzeugt dieser Test eine
grofleres Verstdndnis, wie Welle-Teilchen-Wechselwirkungen in der Tat funktionieren.

Dies ist besonders von Vorteil, um noch komplexere Szenarien nachvollziehen zu kénnen.

Fiir den Formalismus der Welle-Teilchen-Resonanz soll auf Kapitel zuriickgegrif-

fen werden. Dort wurde im Rahmen der quasilinearen Theorie ein analytischer Ausdruck
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Abbildung 5.8.: Zeitlicher Verlauf der Teilchengeschwindigkeit in z-Richtung bei ei-
nem Magnetfeld in z-Richtung und einem elektrischen Feld in y—Richtung. Fs entsteht
eine konstante Driftbewequng in Richtung x, die sich mit der Gyration tberlagert. Des
Weiteren erkennt man auch in dieser Abbildung die gelungene Prozessoriibergabe.

fiir die Streuung von Teilchen an Magnetfeldfluktuationen ermittelt. Dabei beschreibt

eB
Qp  vak: —no
p= WA p (5.22)
/{ZWvT /{ZZUT

die Position der resonanten Pitchwinkel bei einer Interaktion zwischen Proton und

Alfvénwelle (vgl. Gl [3.148)). In GI.|3.154| wurde die zeitliche Entwicklung des Pitchwin-
kels p beschrieben. Fiir den Testfall wird lediglich eine Alfvénwelle k = (0,0, k))”

benotigt, die zunéchst zirkular polarisiert sei. Das Magnetfeld ist demnach durch

B = By + 0B (e, cos(tkz + ) + e, sin(tkz + 1)) (5.23)
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unter der Bedingung By > 6 B gegeben. Einsetzen in Gl. |3.154] ergibt mit

A () = Q /(1 — p12) ;—f o8y Cosﬁz va a DAt + 9l (5.24)

einen Ausdruck fiir die Zeitabhéngigkeit des Pitchwinkels. Dieser wird durch die Wahl
der Phase

+ sin(+kvp — Q) At
Vis = arctan 1 — cos(tkvpu — Q)At

(5.25)

und deren identischen Losung bei der Tangensperiode w?\} + 7 maximal.

Um sédmtliche 4+-Loésungen zu {iberpriifen, wird in GISMO eine linear polarisierte
Alfvénwelle initialisiert, die sich in diesem Beispiel parallel zu By ausbreitet (w*—Mode).
Durch die linear Polarisation setzt sich die Losung aus der Summe von Gl. und GI.
beider Vorzeichen zusammen. Demnach wird die Zeitentwicklung von Ap durch
alle 4 Funktionen beschrieben. Die Stédrke der Wellenamplitude wird zunéchst iiber das
Verhéltnis § B/ By auf 0,1 gesetzt, wobei das Hintergrundmagnetfeld By = 4,34 - 10~* G
betrégt. Dementsprechend ist die Gyrationsfrequenz eines Protons in diesem Feld €2 =
4,16 rad s, Fiir den Test mit GISMO wurden insgesamt 500.000 Testteilchen, damit
das Ergebnis eine hohe statistische Auflosung hat. Diese wurden mit zufalligen Ort,
zufilligen Pitchwinkel @ und Polarwinkel @, sowie konstantem Geschwindigkeitsbetrag

von vg = 2-10% cm-s7!

initialisiert. Die Initialgeschwindigkeit ist dabei so zu wéhlen,
dass sie oberhalb der Alfvéngeschwindigkeit v4 = 107 cm -s~! liegt, da sonst die Teilchen

nicht resonant wechselwirken konnen.

In Abbildung [5.9)ist die Teilchenstreuung in Form der Pitchwinkelédnderung iiber den
initialisierten Pitchwinkel aufgetragen. Zum Vergleich sind alle 4 Funktionen von Gl.
und GI. eingezeichnet. Man erkennt sehr gut das Ausbilden eines resonanten
Peaks bei den Positionen p_; = —0,28 und p; = 0,38. Dies stimmt sehr gut mit der
Vorhersage durch GI. iiberein. Die Zeitverlaufskurven liefern hingegen keine gute
Ubereinstimmung mit den Simulationsresultaten. Zum einen sind die Peaks gegeniiber
der Vertikalen nach links verkippt. Zum anderen ist die Position der vorhergesagten
Resonanzen symmetrisch mit 1 = —0,33 und p; = 0,33. Zwei Effekte sind hierfiir
verantwortlich. Die Verschiebung des Pitchwinkels liegt an der Wahl des falschen Inerti-
alsystems. So sind die Gleichungen im Bezugssystem der Welle. Demnach fehlt der
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Abbildung 5.9.: Welle-Teilchen-Resonanz fiir 500000 Teilchen, die mit einer rein par-
allelen Welle der Stirke dB/By = 0,1 wechselwirken. Jeder Punkt reprdisentiert ein
Testproton. Die Simulationszeit betrigt t = 3 s (etwa 2 Gyrationsperioden). Als Maf der
Streuvorginge wurde die Anderung des Pitchwinkels tiber den initialisierten Pitchwinkel
aufgetragen. Zur Vorhersage durch die quasilineare Theorie ist ein deutlicher Unterschied
erkennbar.

Einfluss der Alfvéngeschwindigkeit. Durch die Transformation

Wo=p+ 2,

: (5.26)

mit den jeweiligen Losungen fiir vor— und riickwérts laufende Wellen, erhélt man den
Pitchwinkel im Teilchenbezugssystem. Damit liegen die resonanten Peaks, gemafl Gl.
nicht mehr symmetrisch um g = 0, sondern um 0, 05 in positiver Richtung verschoben

und folglich an den gleichen Positionen, wie jene, der Testteilchensimulation.

Die ,, Verkippung®“ der Ergebnisse, riihrt von der Abweichung der Simulationen von
der quasilinearen Theorie, da in deren Annahmen ein Schliisselpunkt das Vernachléssi-
gen der Fluktuationen gegeniiber dem Hintergrundfeld ist. Bei einem Verhiltnis von
dB/By = 0,1, wobei die gesamte Energie in einer einzelnen Mode steckt, ist die lokale

Storung von By merklich. Die Positionen der resonanten p miisste demnach in GI.
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lokal bestimmt werden. Dadurch unterscheiden sich auch die Streuvorgénge, bei denen
sich der Pitchwinkel positiv éndert, von denen mit negativer Gesamténderung. Um die
Verkippung innerhalb der Abbildung zu vermeiden, miisste die Anderung Ay iiber den
Mittelwert (u) statt iiber den Anfangswert o aufgetragen werden. Damit wére das Pro-
blem jedoch lediglich optisch gelost. Der Winkel der Verkippung ist dabei nicht von
dB/ By abhingig, lediglich die Streuamplitude der Teilchen vergréfiert sich und macht

somit die Verkippung der Maxima deutlicher.

0.08 - | Aw(z,w; —

AW (ty) ———
0.04 Ap (t,y +m)
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Abbildung 5.10.: Identische Simulation zu Abbildung nur mit der Wellenstdrke
dB/By = 0,01 nach t = 3 s (etwa 2 Gyrationsperioden). Die Abweichung zur QLT
verbessert sich merklich durch ,Aufrichten® der Maxima und Minima. Die Graphen der
theoretischen Zeitentwicklung wurden in das Teilchenbezugssystem transformaiert.

Zur Uberpriifung wurde die gleiche Simulation mit einem Zehntel der Wellenam-
plitude wiederholt. Man erkennt in Abbildung [5.10] eine erhebliche Verbesserung der
Vorhersage durch die QLT. Die Peaks haben sich nahzu vollstdndig aufgerichtet. Zu-
dem wurden die Graphen durch die Transformation ins Teilchenbezugssystem korrigiert.
Natiirlich reduziert sich die absolute Streuamplitude der Teilchen ebenfalls mit dB /B
um einen Faktor 10, da Gl linear von diesem Verhiltnis abhiingt.

Im Zeitverlauf reduzieren sich die Amplituden der ballistischen Nebenextrema, wo-

hingegen deren Anzahl gréfler wird. Das bedeutet, dass die Teilchen bei den resonanten
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Abbildung 5.11.: Identische Simulation zu Abbz’ldung (6B/By =0,01) nacht = 15
s (etwa 10 Gyrationsperioden). Mit zunehmender Zeit verlieren die ballistischen Neben-
extrema an Amplitude, wihrend der Resonanzpeak gewinnt.

Pitchwinkeln deutlich stérker gestreut werden und sich sukszessive ein J—férmiger Peak
heraus kristallisiert. Dieser Vorgang ist sehr gut in Abbildung zu erkennen. Den-
noch ist auch hier erneut eine deutliche Abweichung zu den theoretischen Ap—Verlauf
zu verzeichnen. Teilchen mit einem || > e sind von der Streuamplitude groBer als
QLT vorhersagt, wohingegen die eigentlichen Resonanten Peaks zu klein ausfallen. Somit
stellt sich die Frage, ob dieser Fehler lediglich durch die léngere Zeitentwicklung entsteht
und seinen Ursprung ebenfalls in dem 6 B/ By Verhéltnis hat.

Daher soll erneut iiberpriift werden, ob die lokale Storung der Welle diesen Einfluss
verusacht und somit zu einer Abweichung zur QLT fiithrt. Wie man in Abbildung [5.12
erkennt, ist dies in der Tat der Fall. Die gleiche Simulation nur mit einem Faktor 0.1
verringerter Wellenamplitude fithrt zu einer erheblichen Verbesserung der Ubereinstim-
mung mit der QLT. Daran wird deutlich, wir sensitiv die Approximation gegeniiber der

lokalen Magnetfeldstorung ist.

Zum Abschluss dieses komplexen Teilchentestfalls, soll noch iiberpriift werden, ob

auch andere Resonanzpeaks korrekt dargestellt werden. GI. sagt bei der vorange-
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Abbildung 5.12.: Um erneut Abweichung der QLT zu testen wurde die Wellenam-
plitude um einen Faktor 0,1 auf 6B/By = 0,001 verringert. Die Abbildung zeigt wie
Abbildung die Pitchwinkelstreuung nach t = 15 s (etwa 10 Gyrationsperioden).

gangenen Simulation die n = £2 Resonanz bei y_s = —0,61 und py = 0,71, sowie
die n = —3 Resonanz bei u_3 = —0,94 vorraus. Resonante Wechselwirkung héherer
Ordnung wird dabei nur von den senkrechten Anteilen einer Welle erzeugt (vgl. Kapitel
3.3.2)). Deshalb wird zur Simulation die Shear-Welle k' = (0,1,1)T benutzt, withrend
alle anderen Rahmenparameter identisch sind. Abbildung [5.13] zeigt die Ergebnisse die-
ser Simulation im Vergleich zu denen, einer rein parallelen Welle. Simtliche Resonanzen
liegen an der vorhergesagten Position. Auflerdem wurde mit ¢ = 75 s ein spéater Ent-
wicklungszeitpunkt gewéhlt, um erneut das Anwachsen der 6—Form zu iiberpriifen. Dies
ist in der Tat der Fall. Die resonanten Peaks heben sich deutlich von den ballistischen
Anteilen ab. Auch in dieser Simulation ist das Fluktuations-Hintergrundfeld Verhaltnis
mit 0,001 zu hoch fiir eine exakte Vorhersage der QLT. Man erkennt dies sehr gut daran,
dass die Bereiche zwischen den Resonanzen nicht gegen Null gehen, sondern sich auf ein
ballistisches Rauschen mit endlicher Amplitude reduzieren. Entsprechend wiirden sich

die Ergebnisse anpassen, wenn man erneut die Wellenamplitude verringert.
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Abbildung 5.13.: Entwicklung der Resonanz von rein paralleler und Shear-Alfvénwelle
nacht =75 s (etwa 50 Gyrationsperioden). Die senkrechte Komponente der Welle verur-
sacht resonante Wechselwirkungen hoherer Ordnung (In] > 1). Die Wellenstirken liegen

bei 6B/ By = 0,001.

5.2. Ergebnisse von Gismo-MHD

Der Fokus dieses Ergebnisteils liegt zunéchst auf der Simulation von heliosphérischer
Turbulenz, die im Rahmen von GisMO-MHD mittels inkompressibler MHD-Modellierung
untersucht wird. Diese Simulationen stellen die Grundlage fiir den weiteren Verlauf. Im
zweiten Teil werden darauf aufbauend einzelne Wellenmoden verstérkt und deren Ent-
wicklung, sowie Einfluss auf die Turbulenz untersucht. Es wird dabei das Ziel verfolgt
das Szenario eines Flares oder eines koronalen Masseauswurfs nachzubilden, bei dem
auf bestimmten Léangenskalen und den damit korrespondierenden Wellenmoden Energie

iibertragen wird.

Wie bereits in den vorangegangenen Kapiteln gehandhabt, liegt das magnetische Hin-
tergrundfeld B in z—Richtung. Entsprechend ist die Notation der senkrechten Richtung,
z.B. k|, mit x und y, z.B. k; und k,, gleichzusetzen wohingegen die z-Dimension als par-
allele Richtung bezeichnet wird, z.B. kj=k,. Die Darstellung der Wellenzahlen erfolgt

in numerischer Schreibweise mit diskreten k', die durch k = 27/(lhoxLo) k' mit dem
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physikalischen k verkniipft sind (vgl. Kapitel |4.3.4)).

5.2.1. Simulation heliospharischer Turbulenz

Die Turbulenz innerhalb der Heliosphére wird durch die kontinuierliche Energieinjektion
der Sonne auf grofien Lingenskalen in der GréBenordnung 10%cm getrieben (vgl. Kapitel
sowie Bruno u. Carbone| (2005))). Das zunéchst radial von der Sonne wegstrémende
Plasma erzeugt durch den frozen-in-flux und die damit auftretende Torsion, die Parker-
spirale und somit eine klare Vorzugsrichtung eines Hintergrundmagnetfeldes. An dieser
Stelle sei nochmals darauf hingewiesen, dass eine Simulation auf deutlich grofleren Ska-
len die Geometrie der Spirale beriicksichtigen muss, da die Kriimmung der Feldlinien
nicht mehr vernachliassigbar ware. Die Modellierung der beschriebenen Turbulenz er-
folgt in den Simulationen durch kontinuierliches Zufithren von Energie bei kleinen Wel-
lenmoden, wobei die Anisotropie durch die jeweiligen Komponenten des Wellenvektors
berticksichtigt wird. So findet das Treiben in den senkrechten Komponenten £, und &,
in einem kleineren Bereich &', = [0,--- , 4] statt, wohingegen in paralleler Richtung bis
"‘ = [0, -, 14] Energie injiziert wird. Wie in Kapitel beschrieben, wird die Starke
der Fluktuationen mit der Amplitude der Treibmoden reguliert. Dementsprechend wird
das gewiinschte 0 B/By—Verhiltnis hergestellt. Ein weiterer Grund fiir die Wahl eines
anisotropen Turbulenztreibers ist die geringe Entwicklung in paralleler Richtung. Wie
schon in Kapitel ausfithrlich dargelegt, erfolgt gerade bei schwacher Turbulenz die
Energiekaskadierung primér mit %, , also senkrecht zu By. Ein isotroper Treiber wiirde
auch im geséttigten Zustand der Turbulenz nicht zu ausgepréagten Slab-Moden fiihren.
Beobachtungen heliosphérischer Turbulenz haben jedoch auch turbulente Moden bei
hohem k| nachgewiesen. Somit muss sich im Endzustand der Simulationen auch eine
Slab-Komponente entwickelt haben, um den Messungen realistisch zu entsprechen.

Parameter, welche die physikalischen Rahmenbedingungen bestimmen, werden wie
folgt gewéhlt:

In Anbetracht der im néchsten Kapitel durchgefiihrten Teilchensimulationen, soll der
Fokus auf der schwachen Turbulenz liegen. Folglich wird fiir das Verhéltnis von d B/ By
die GroBenordnung 10~2 gewihlt. Dies ist nétig um die Anwendbarkeit der quasilinearen
Theorie zu gewihrleisten (vgl. Kapitel , damit signifikante Aussagen beziiglich der

Streukoeffizienten getroffen werden kénnen. Unter dieser Pramisse ist der physikalisch
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interessante Bereich bei etwa drei solaren Radien in der Heliosphére zu finden. In die-
sem Bereich ist zudem die Teilchenbeschleunigung durch CME-getriebene Schockfronten
sehr stark (Vainio etal.| 2003). Wie man Abbildung entnehmen kann, betriagt dort
die Alfvéngeschwindigkeit etwa 10%® cm-s™!. Es wird fiir v4 der Wert 1,2-10% cm-s71

abgelesen. Das Hintergrundfeld B, ist durch

B =4 \/4mmyng (5.27)

mit der Alfvéngeschwindigkeit vy verkniipft. Unter der Annahme einer Anzahldichte
von ng = 10° Protonen im Plasma (vgl. Abbildung 2.5 [Vainio et al| (2003)) ergibt sich
demnach eine Feldstérke von By = 0,174 G. Die duflere Léngenskala Ly wird anhand der
typischen Protonenenergien in einem SEP-Event bestimmt. Auch dies geschieht wieder
in Anbetracht der in den néchsten Kapiteln prasentierten Simulationen von verstéarkten
Wellenmoden und den Teilchensimulationen. Die Protonen weisen Energien im Bereich
100 MeV auf (vgl. Kapitel . Unter der Verwendung der Resonanzbedingung fiihrt

das zu einer Langenskala von

B 2k’

Lo —
0 GB()

ymycv ~ 10° cm. (5.28)

Als spezifischer Wert wird Ly = 3,4-10% cm gewihlt, um Ergebnisse bei &' ~ 20 zu
beschreiben. Um einen eventuellen Einfluss der Geometrie zu iiberpriifen, kann die Ver-

kniipfung von Azimut ¢ in der Ekliptik mit dem Abstand r zur Sonne,

AR R P LA p— (5.29)
o Te WoTo

geméf |Parker| (1958) herangezogen werden. Der Winkel ¢ beschreibte dabei den Win-
kel der Kriimmung am Beginn einer Feldlinie, die aus der Sonne bei einem solaren
Radius 75=6,96-10'° cm hinaustritt, wohingegen ¢ den Azimut im Abstand r re-
priasentiert. Das Verhéltnis zwischen der Ausstromgeschwindigkeit des Sonnenwinds vsw
und der solaren Winkelgeschwindigkeit wg, betrégt nach |Zank et al. (1996) etwa 1 AU
=1,496 - 10"3cm. Demnach ist eine Anderung zwischen ¢ und v in Gl nur auf der
Groflenordnung r relevant. Des Weiteren zeigen Simulationen unter Beriicksichtigung
der Parkerspiralengeometrie signifikante Anderungen erst im Bereich 1 AU (Tautz et al.

2011)). Daher ist also anzunehmen, dass auf einer Lingenskala von 108 cm Effekte durch
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die tatsdchliche Kriimmung des Hintergrundfelds keine Rolle spielen.

Die Simulationsbox wird kubisch aufgeteilt und im Ortsraum durch ein Gitter mit
2563 Zellen diskretisiert. Dies entspricht einem Wellenzahlgitter mit 1282 Moden, von
denen lediglich 42 aktiv sind, also auflerhalb des Antialiasing-Bereichs liegen (vgl. Kapi-
tel[£.1.3)). Der einschréinkende Faktor der Gitterauflosung ist dabei die Rechenzeit. So ist
eine Berechnung von hoheren Auflésungen nicht mehr auf dem Rechencluster des Lehr-
stuhl]] moglich. GréBere Simulationen wurden hauptsichlich auf dem Nehalem-Cluster
Laki des Stuttgarter Rechenzentrums HLRS durchgefiihrt und sind erheblich aufwendi-
ger. Ziel der Turbulenzmodellierung ist es einen geséttigten Zustand zu erreichen, in dem
Energiezufluss und Dissipation sich ausgleichen. In diesem Zustand wird sich geméaf§ der
Turbulenztheorien eine Energiekaskade zu den kleinsten Langenskalen aufgebaut haben
(vgl. Kapitel [3.2] [Kolmogorov| (1941D)}, [a); [Sridhar u. Goldreich! (1994)); |Goldreich u. Srid-
har| (1995, [1997)). Ein entscheidender Parameter fiir die Dissipation ist die Resistivitét.
Geméf Kapitel wird durch diese Gréfle die Energieumwandlung durch Viskositét
und magnetische Dampfung beschrieben. In diesem Zusammenhang wird in der spek-
tralen Methodik oft die Hyperdiffusivitdat benutzt, damit die Dissipation ausreichend
stark ist und auf simulierbaren Zeitintervallen zu vollstandig entwickelter Turbulenz
fithrt (vgl. Kapitel . Beide Parameter werden schliefllich so gewéhlt, dass der Dis-
sipationsbereich ausreichend grof§ ist, um numerische Artefakte, wie die Reflexion von
Moden am Ubergang zum Antialiasingbereich (im Folgenden auch Antialiasingkante),
zu verhindern. Dabei liegt das Augenmerk darauf den, fiir die Turbulenz interessanten,
Inertialbereich moglichst iiber viele Wellenzahlen zu erhalten. In den durchgefiihrten
Simulationen hat sich dabei eine Resistivitdt von v = 1 und eine Hyperdiffusivitat von

h = 2 als sinnvoll erwiesen.

Die Simulation ist fiir eine Zeitdiskretisierung mit A#’ = 1-10~!' in numerischen
Einheiten oder At' = 3,4-107% s numerisch stabil. Der Zustand der Sittigung wird bei
etwa t = 85 s erreicht, was mit angegebenem At insgesamt 25000 Iterationsschritten
entspricht. In diesem Zeitintervall haben die Alfvénwellen ungefahr 30 mal die Simula-
tionsbox durchlaufen. Die sogenannten Alfvén—crossingtimes werden in inkompressiblen
Turbulenzsimulationen als alternative Zeiteinheit angegeben. Unter den gegebenen Dis-
kretisierungen ergibt sich somit eine Gesamtsimulationszeit von etwa 3000 CPU-Stunden

pro gewihltem Parametersatz.

!Nehalem-System mit 64 CPUs der Baureihe Intel®Xeon E5506, sowie 32 CPUs der Westmereklasse
Intel®Xeon E5620
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Lolem]  nglem™]  By|G]  walem s7! vnum] K

SI  3,4-10° 10° 0,174 1,2-108 1 1283
SIT 3,4-108 10° 0,174 1,2-108 10 1283
SIIT 3,4-108 10° 1,74 1,2-10° 10 1283
SIV  3,4-108 10° 0,00174 1,2-10° 1 1283
SV 3,4-10° 10° 0,174 1,2-10% 1 2563

Tabelle 5.1.: Parametersdtze der durchgefiihrten Turbulenzentwicklungssimulationen. Die
Anzahldichte ng verkniipft das Hintergrundmagnetfeld By mit der Alfvéngeschwindigkeit

v4 vermittels /4mmny.

Um die Effekte der, fiir die Turbulenzentwicklung wichtigen, Parameter zu untersu-
chen, werden Variationen des soeben beschriebenen Parametersatzes vorgenommen. Im
Wesentlichen wird die Dissipation mittels der Resistivitdt v oder das Hintergrundma-
gnetfeld und somit die Alfvéngeschwindigkeit v4 verdindert. Wie aus Kapitel [3.2] bekannt,
wirken sich beide Groflen entscheidend auf die Entwicklung turbulenter Strukturen aus.
Die verschiedenen Parametersétze sind in Tabelle|5.1|mit den Abkiirzungen ST - SV auf-
gelistet. Der Satz SI entspricht dabei der Grundeinstellung. Die Parameter von SII sollen
zur Untersuchung der Dissipation dienen und unterscheiden sich von SI lediglich durch
eine hohere Resistivitdt. Da die verwendete Methodik keinerlei numerische Dissipation
aufweist und der einzige intrinsische Energieverlustprozess durch das Uberschreiten der

Antialiasingkante erzeugt wird, steht der Wellenzahldissipationsterm,
Vthw:I:

im direkten Zusammenhang mit der rdumlichen Diffusion.

Der wohl wichtigste Parameter der MHD-Turbulenz ist das magnetische Hintergrund-
feld. Wie schon in Kapitel ausfiihrlich diskutiert, bestimmt es zum einen durch das
0B/ By Verhiltnis das Mafl Turbulenzstéirke und zum anderen, durch den (-Parameter
(vgl. GLB.125 ¢ ~ (kyvy)/(kjva)), die kritische Balance und folglich die Entwicklung
turbulenter Strukturen. Im Speziellen wird dabei die Entwicklungsrichtung der Fluktua-
tionen 0B, senkrecht oder parallel zu By, beeinflusst. Zur Untersuchung dieser Effekte
sind die Parametersétze SIII und SIV gedacht.

In der Einstellung SIII ist das Hintergrundfeld um eine Groflenordnung erhéht und

dementsprechend das Verhéltnis B/ B, im schwachen turbulenten Bereich anzusiedeln.
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Abbildung 5.14.: Zeitliche Entwicklung der Gesamtenergie des System mit Parameter-
satz SI. Das Abflachen des Verlaufs signalisiert die Sdttigung der Turbulenz, in welcher
Energieinjektion und Dissipation im Gleichgewicht sind.

Die Resistivitdt mit v = 10 ist ebenfalls hoher als bei SI, da die héhere Alfvéngeschwin-
digkeit (va o< Bp) den Energietransport zu hohen Wellenzahlen beeinflusst und die
Energie nicht mehr schnell genug dissipieren kann. Dadurch sammeln sich Moden um
die Antialiasingkante an. Um diesen sogenannten Bottleneckeffect zu vermeiden, muss

also die Dissipationsrate erhoht werden.

Im Parametersatz SIV ist das magnetische Hintergrundfeld um zwei Groflenordnun-
gen deutlich verringert. Ziel dieser Simulationen ist es, die Turbulenz im Bereich der
kritischen Balance zu untersuchen. Ist ( &~ 1, so befindet sich das System im Regime
der starken Turbulenz. Wie bereits in Kapitel erkldrt, richten sich in diesem Zu-
stand die turbulenten Strukturen in paralleler Richtung geméfl Gl. bis zu Skalen
lj ~va/(kivy) aus. Energie kaskadiert zusétzlich parallel zu By, wodurch die Entwick-

lung wird isotroper wird.
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Abbildung 5.15.: Totales Energiespektrum der magnetischen Energie fiir Parameter-
satz SI. Es ist die zeitliche Entwicklung der Turbulenz dargestellt. Im gesdttigten Zu-
stand, nach etwa 85 s, hat sich das Spektrum wm Inertialbereich einem Potenzgesetz
mit —5/3-FEzponent durch Kaskadierung der Energie zu kleinen Skalen angendhert. Im
Dissipationsbereich erkennt man eine deutliche Abweichung vom Kolmogorov-Spektrum.

Im letzten untersuchten Parametersatz SV wurde die Auflésungen in jeder Raumrich-
tung verdoppelt. Das Realraumgitter ist somit durch 5123 Zellen diskretisiert. Dement-
sprechend werden im Fourierraum hoéhere Wellenmoden aufgelost. Dadurch wird der
Dissipationsbereich zu hohen Wellenzahlen verlagert und der, fiir die Untersuchung der
Turbulenz interessante, Inertialbereich vergréfiert. Des Weitern wirkt sich die verbesserte
Auflésung auf den spéter bertrachteten Teilchentransport aus, da Streuung an hoheren
Wellenmoden ermoglicht wird.

Zunéchst sollen die Ergebnisse fiir Parametersatz SI prasentiert werden. Jede Simu-
lation wurde bis zum Zustand der Séttigung, in dem die Injektion der Energie mit der
Dissipation im Gleichgewicht ist, ausgefiihrt. In diesem Zustand ist fiir die Turbulenz
keine signifikante qualitative Verdnderung mehr zu erwarten. In Abbildung erkennt
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Abbildung 5.16.: Entwicklung der spektralen Energie von Simulation SI in zweidi-
mensionaler Darstellung. Die Farbskalierung ist logarithmisch. Das linke Bild zeigt den
Zustand bei t = 17 s. Rechts ist der gesdttigte Zustand der Turbulenz bei t = 85 s zu
beobachten.

man das Erreichen der Sattigung sehr gut am Abflachen der Gesamtenergiekurve. Nach
85 s oder 30 Alfvéncrossing-times hat sich der gewiinschte Zustand eingestellt und die
Turbulenz hat sich bis zu den kleinsten aufgelosten Skalen durch die Energickaskade
entwickelt. Dabei wird geméB Kapitel [3.2] durch die Dissipation bei hohen Wellenzahlen
die Energie zu kleinen Strukturen transportiert. Sehr deutlich ist dieser Vorgang auch
in Abbildung zu beobachten. Im Anfangszustand wird das System von grofiskali-
gen Strukturen dominiert, die bei kleinen Wellenzahlen viel Energie in sich tragen. Im
Verlauf der Simulation wachsen die Moden bei héherem k an, die durch den Energie-
transfer kleinerer Wellenmoden gespeist werden. Es stellt sich ein Potenzgesetz mit einem
Exponenten von —5/3 ein, das sogenannte Kolmogorovspektrum. Die Abweichung von
diesem Verlauf nimmt in der Nédhe des Dissipationsbereichs erwartungsgemifl zu. Au-
Berdem stellt Abbildung das totale Energiespektrum dar, wofiir iiber k zylindrisch
integriert wurde. Man kann also keine Aussagen iiber die Abhéngigkeit des Energiever-

laufs von der Entwicklungsrichtung k, oder k) treffen.

GeméB den Arbeiten von |Sridhar u. Goldreich! (1994)) und Goldreich u. Sridhar (1995)
findet die Kaskadierung in senkrechter Richtung zu By statt. Der spektrale Energiever-
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lauf ist entsprechend E(k) o< kf’/ ®. Gerade bei schwacher Turbulenz ist die Entwick-
lung in paralleler Richtung stark unterdriickt. Da das dB/By-Verhiltnis fiir SI etwa
1072 betriigt ist von schwacher Turbulenz auszugehen und die Energie sollte entspre-
chend vorzugsweise in senkrechter Richtung kaskadieren. Um die Entwicklungsrichtung
der Turbulenz zu untersuchen wurden zusétzlich zweidimensionale Spektren angefertigt.
Diese stellen die spektrale Energie in Abhéngigkeit F(ky, k1) dar und werden durch zy-
lindrische Intergration im Fourierraum gewonnen. In Abbildung findet sich dieser
2D-Plot fiir Parametersatz SI. Man erkennt eindeutig die dominante Entwicklungsrich-
tung senkrecht zum Hintergrundfeld. Ist die Energie anfangs noch recht gleichméfig
verteilt, stellt sich im Stattigungszustand eine starke Anisotropie ein. Die Wellenmo-
den in Abbildung bilden mit k, lang gezogene Strukturen wohingegen in paralleler

Richtung nur wenig Energie transportiert wurde.
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Abbildung 5.17.: Vergleich der totalen Energiespektren fiir die Parametersditze SI-SIV.
Der Intertialbereich, der dem Kolmogorovspektrum folgt, verkiirzt sich erwartungsgemdf
ber SII und SIII deutlich, da bei diesen Simulationen eine héher Resistivitdt benutzt
wurde. Dementsprechend vergrofiert sich der Dissipationsbereich im Fourierraum.
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Im Parametersatz SII weicht der spektrale Energieverlauf deutlich von dem Kolmogo-
rov Verlauf ab. Dies ist nicht unerwartet, da eine hohere Resistivitdt verwendet wurde,
was in der Kombination mit Hyperdiffusivitit, die mit oc k* dampft, zu einer starken
Dissipation fithrt. Folglich verkiirzt sich der Intertialbereich, der dem —5/3 Spektrum
folgt erheblich. Dies ist sehr gut in Abbildung zu erkennen.
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Abbildung 5.18.: Zweidimensionale Entwicklung der spektralen Energie im Fourier-
raum fiir Parametersatz SII. Der Energietransport dhnelt dem in SI, mit dem Unter-
schied, dass grofse Wellenmoden weniger Energie tragen. Dies ist auf die stirkere Dissi-
pation zurick zu fihren.

Vor allem bei der Betrachtung der spektralen Gesamtenergie fillt die Abweichung
besonder stark aus. Dies ist hauptséchlich auf die schwache parallele Entwicklung zuriick
zu fithren. Wie schon in SI kaskadiert die Turbulenz primér entlang der senkrechten
Richtung. Der geringe Energietransfer, beispielsweise durch Diffusion im Fourierraum,
wird sehr stark durch die erhéhte Dissipation unterdriickt. So siecht man in Abbildung
keine energiereichen Moden mit k" ||> 20. In der Darstellung der Gesamtenergie,
die durch Intergration iiber k gewonnen wird, muss das Spektrum entsprechend steiler

werden.

Der gleiche Effekt ist auch fiir die Abweichung vom Kolmogorovspektrum bei Verwen-
dung des Parametersatzes SIII verantwortlich. Auch hier wurde die gleiche Resistivitét

wie in SII benutzt. AuBerdem wird durch das gréfere Hintergrundfeld der Energietrans-
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Abbildung 5.19.: Zweidimensionale Entwicklung der spektralen Energie im Fourier-
raum fiir Parametersatz SIII. Die gleiche Resistivitit wie unter SII fithrt zu einem dhn-
lichen Verhalten der Turbulenzentwicklung. Das deutlich griffere By fiihrt zusdtzlich zu
einer stirkeren senkrechten Ausbreitung der Energie. Die Entwicklung in paralleler Rich-
tung ist stark unterdriickt

fer noch stérker in Richtung k; fokussiert. Anhand Abbildung [5.19 erkennt man, dass
nun kaum noch Energie in Moden oberhalb des Treibbereichs & > 15 vorhanden ist.
Daher weicht der spektrale Energieverlauf in Abbildung noch stérker als SII vom

Kolmogorov Potenzgesetz ab.

Eine deutlich andere die Entwicklung der Turbulenz wird unter Verwendung der Pa-
rameter von SIV beobachtet. Wie aus Tabelle zu entnehmen &dhnelt diese Simulation
dem Satz SI, nur das Hintergrundfeld wurde um zwei Gréfenordnungen reduziert. Der
Energietransfer erfolgt nahezu isotrop. In Abbildung ist besonders gut der starke
Energietransport zu hohen parallelen Wellenzahlen erkennbar, was durch die Ausbil-
dung einer parallelen Kaskade geméf Goldreich u. Sridhar (1995) erklart wird. Durch

die Isotropisierung ist nun auch ein ausgeprigter Intertialbereich mit einem Kolmogo-
rovspektrum entstanden, wie man Abbildung entnehmen kann.

Die Ergebnisse fiir den letzten verwendeten Parametersatz SV sind in Abbildung[5.21
zusammengefasst. Ahnlich zu der Entwicklung unter den Parametern von SI, hat sich

die Turbulenz stark in senkrechter Richtung entwickelt. Die Energie ist entlang k; bis
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Abbildung 5.20.: Zweidimensionale Entwicklung der spektralen Energie im Fourier-
raum fiir Parametersatz SIV. Szenario fiir starke Turbulenz mit 0B/By =~ 1. Die Ent-
wicklung erfolgt deutlich isotroper. Speziell Wellenmoden mit hohem k) tragen mehr
Energie als in den anderen Parametersditzen.

hin zur Antialiasingkante kaskadiert. In paralleler Richtung war die Entwicklung d&hnlich
schwach wie unter SI. Da in SV die Anzahl der aktiven Moden sich jedoch verdoppelt
hat ist die Energie nicht vollstdndig im Fourierraum ausgebreitet. Das ist nicht unerwar-
tet, da die Kaskadierungzeitskala sich geméafl Kapitel ebenfalls vergroflert. Demnach
ist der vorliegende Zustand nach etwa 30 Alfvén—crossingtimes noch nicht vollstandig
geséttigt, so dass sich das Gleichgewicht zwischen Injektion und Dissipation der Ener-
gie noch nicht génzlich eingestellt hat. Dies erkennt man auch im Gesamtspektrum, in
dem der Inertialbereich mit dem Kolmogorovexponenten im Vergleich zum Dissipati-
onsbereich eher klein ist. Dennoch soll dieser Zustand als Ausgangspunkt der folgenden
Simulationen dienen, da die Gesamtsimulationszeit bis zur vollstdndigen Séttigung er-

heblich wire und nicht mehr im Rahmen der beantragten Rechenzeit durchfiihrbar war.
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Abbildung 5.21.: Ergebnisse fir die Finstellungen unter Parametersatz SV mait héherer
Auflosung. Der dargestellte Zeitpunkt nach etwa 30 Alfvén—crossingtimes hat noch nicht
den Zustand der vollstindigen Sdttigung erreicht. Die Entwicklung in paralleler Richtung
ist daher weniger stark und der Dissipationsbereich im totalen Spektrum (rechts) erstreckt
sich iiber einen grofien Wellenzahlbereich.

5.2.2. Simulation angeregter Wellenmoden in heliospharischer

Turbulenz

Die Grundlage der Turbulenzsimulationen wurde mit dem vorangegangenen Kapitel ge-
schaffen. Der Fokus dieser Dissertation liegt auf der Untersuchung einzelner angereg-
ter Wellenmoden. Ziel ist es, erste Schritte zur Beschreibung von SEP-Ereignissen zu
machen, die bisher noch nicht im Rahmen numerischer MHD-Simulationen untersucht
wurden. Wie schon in Kapitel 2.5 und beschrieben, werden durch stromende ener-
giereiche Protonen im Bereich von 100 MeV Instabilitdten im Plasma erzeugt. Diese
fiihren zum Anwachsen einzelner Wellenmoden (vgl. Gl [3.167). Die Entwicklung sol-
cher Moden in einem turbulenten Hintergrundplasma ist vor allem fiir den Transport
und die Beschleunigung von geladenen Teilchen von besonderer Bedeutung. Es sollen im
Folgenden nun die Entwicklungsmechanismen genauer untersucht werden. Dabei wird
das Anwachsen einer Mode durch die Plasmainstabilitdt nicht auf kinetischer Ebene
modelliert, sondern unter der Annahme, dass stromende Teilchen Energie an bestimmte

Wellenmoden abgeben, in das Bild der MHD fiibertragen, um dort das Augenmerk auf
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deren Entwicklung legen zu koénnen.
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Log(E)
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Abbildung 5.22.: Grafische Darstellung der mdglichen Entwicklungsmechanismen ei-
ner angeregten Mode im turbulenten Hintergrundfeld. Dabei ist als Diffusionsprozef§ die
Fourierraum— oder Wellenzahldiffusion gemeint, was nicht mit der rdumlichen Diffusion
zu verwechseln ist.

In Abbildung [5.22| sind die méglichen Mechanismen und deren Auswirkung auf ei-
ne angeregte Mode dargestellt. Die Position einer solchen Mode im k-Raum kann sich
durch Konvektion verdndern. Eine Verbreiterung der Form, vor allem in den Flanken
des Peaks, wird durch Diffusion verursacht. Dabei ist explizit die Wellenzahldiffusion
gemeint, nicht die Rdumliche. Letztere ist im Rahmen der spektralen Methodik mit der
Dissipation verkniipft. Wie schon im vorangegangenen Kapitel beschrieben enthélt, ab-
gesehen vom zero—padding der Antialiasing Routine, das Modell keine Energieverluste
aufer der Dissipation, die durch den entsprechenden Term der ohmschen und viskosen
Resistivitdt eingehen. Folglich kann man die Wellenzahldissipation auf den rdumlichen

Diffusionsprozefl zuriickfithren. Lost man also die Wellenzahldissipationsgleichung

% — _k2De (5.30)
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und berechnet deren Koeffizienten

@1
D=5 (5.31)

kann man Aussagen iiber die rdumliche Diffusion treffen. Dieser Ansatz ist sehr gut zur
Untersuchung einer angeregten Einzelmode geeignet. Eine Auswertung dieser Koeffizi-
enten fiir beliebig turbulente Moden wére nicht sinnvoll, da man i.A. die Dissipation

nicht von anderen Prozessen unterscheiden kann.

Wihrend die Verbindung zu dem Dissipationsterm der MHD-Gleichungen klar ist,
kann man die Mechanismen der Konvektion und Wellenzahldiffusion nicht exakt zuord-

nen. Beide werden von den nichtlinearen Termen der Gl.en .2114.23] verursacht und
kénnen nicht getrennt betrachtet werden (vgl. und [4.1)).

Die gewéhlten physikalischen Parameter wurden gréfitenteils schon im vorangegan-
genen Kapitel beschrieben. Die duflere Langenskala Ly wurde dabei so gewéhlt, dass die
korrespondierenden Protonenenergien im Bereich mehrerer MeV liegen. Der Gedanke
war hierbei, dass die meisten Ereignisse, die zur Strémungsinstabilitdt und somit zu an-
geregten Moden fithren, von Protonen mit Energien zwischen 1-100 MeV erzeugt werden.
Um zwei verschiedene Szenarien der Energieinjektion bei groffen und kleinen rdumlichen
Skalen abzudecken, wurde Moden bei k£’ = 8 und k' = 24 angeregt. Diese entsprechen
den physikalischen Werten kj = 1,5- 1077 em™! und ky=4,4- 1077 em ™! und reprisen-
tieren Anregungen durch Protonen der Energie Fy ~ 64 MeV bzw. Eyy =~ 7 MeV. Die
Energien wurden gemif Gl. durch

27Tk|,| eBy eBy

— - = 5.32
I L ympuc o pjc ( )

berechnet.

Um das sukzessive Anwachsen einer Mode moglichst realistisch zu gestalten, wird
der jeweilige Peak nicht auf einmal initialisiert, sondern iiber ein Zeitintervall von 1.7 s
getrieben. Dabei werden die beiden angeregten Moden mit zwei verschiedenen Wachs-
tumsraten I'y und I'y, mit I'; < I'y getrieben, die folglich in zwei verschiedene Pea-
kamplituden resultieren. Fiir die Parametersitze SI-SIV wurden demnach jeweils vier
Simulationen durchgefiihrt, &’ = 8 und 24, jede mit I'y und I's. Da SEP-Ereignisse nicht

nur bei einer diskreten Energie auftreten, sondern Teilchen unterschiedlicher Energien
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beitragen, wird als Treibprofil eine GauBkurve angenommen, die einen Bereich iiber etwa

fiinf Wellenmoden verteilt anregt.

5.2.3. Ergebnisse der angeregten Wellenmoden im Parametersatz
SI

Die Ergebnisse des Parametersatzes SI werden sehr ausfiihrlich prasentiert, um einen
Uberblick iiber die Auswertung zu geben. Bei jeder Simulation wurden alle diese Aus-
wertungen vorgenommen. Aus Griinden der Ubersichtlichkeit werden allerdings nur die

wichtigsten Resultate vorgestellt.

| | | ' ' ' Emag ((=175) -
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Abbildung 5.23.: Parametersatz SI, Peak k‘|’| = 8, kleine Wachstumsrate T'y: Eindi-
mensionaler Schnitt entlang der parallelen Richtung im Fourierraum (k; = 0). Aufge-
tragen st die Zeitentwicklung der magnetischen FEnergie. Zusdtzlich wurde die initia-
lisierte Gaufkurve eingezeichnet. Es ist eine deutliche Verbreiterung erkennbar, sowie
ewne leichte Verschiebung zu kleinerem kl’l. Bei kﬁ = 16 findet sich ein weiteres Mazimum.

Zunéchst soll die Slab-Komponente des Peaks untersucht werden, da dort der Peak
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[5] Fbese = 278 Fpen = 2121
tl = Zfstart 0 0
to=tma  51(25,5) 8,5 ST
ty =tena  102(51) 17

Tabelle 5.2.: Gesamtzerfallszeiten der angeregten Moden in SI. Die Startzeiten sind am
Ende des Peaktreibens festgelegt und stehen somit fiir den Beginn des Zerfalls. Der
Endzustand wird durch den Zeitpunkt kurz vor dem Gesamtzerfall der Energie in der
Slab—Komponente markiert. Dabei stehen die eingeklammerten Werte fir die tatsdchli-
che Simulation, die in diesen Fdillen nicht bis zu Ende gefiihrt wurden, aufgrund der
hohen Sitmulationszeiten. Fir diese Werte wurde fiir t.,q eine Abschdtzung anhand eines
FEzxponential-Fits der Zerfallskurve gemacht.

Kpoue = 27 -8 Ko = 27 - 24
I'y Iy I Iy
1,90-107 1,95-10°  1,66-10%  2,29-10%

Tabelle 5.3.: Parametersatz SI: Gesamtenergieinjektion der Wachstumsraten I'y und T's.
Die Injektion ist als Verhdltnis E(kpeak, tmaz)/ E (K peaks Lstart) angegeben.

initialisiert wird und die Verdnderung zu der urspriinglichen Gau3kurve direkt vergleich-
bar ist. Zu diesem Zweck wurde die magnetische Energie entlang der parallelen k-Achse
ausgewertet. In Abbildung ist die Zeitentwicklung der angeregten Mode bei kl/l =38
mit Wachstumsrate 'y gezeigt. Die Dissipation ist deutlich zu erkennen. Die Amplitude
des Peaks nimmt exponentiell ab, was auf den Dissipationsterm zuriick zu fiihren ist.
Auflerdem zeigt sich eine starke Verbreiterung der Flanken, die durch Wellenzahldiffu-
sion verursacht wird. Besonders gut lasst sich die Verbreiterung im Vergleich mit der
initialisierten Gauflkurve erkennen. Eine leichte Verschiebung in dem betrachteten Zei-
tintervall (17 s) von k| = 8 auf ~ 7,7 deutet zudem auf konvektive Prozesse hin. Das
lokale Maximum bei k"‘ = 16 ist als eine hohere harmonische Anregung zu identifizieren,
die sich bei einer weiteren Darstellung der k-Achse und mit zunehmender Zeit auch bei
| =24, 32 und 40 wiederﬁndenﬂ.
Die gleichen eindimensionalen Darstellungen wurden fiir die anderen angeregten Mo-

den ausgewertet. In den Abbildungen [5.24] und |5.25| wurden exemplarisch die Zeitent-

wicklungen fiir die schwache und die starke Wachstumsrate I'; und I'y dargestellt. Er-

IDies ist in der spdteren Auswertung der zweidimensionalen Energieverteilung deutlich erkennbar,
daher wurde hier auf eine weitere Abbildung verzichtet.
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Abbildung 5.24.: Parametersatz SI, Peak kl’l = 24, kleine Wachstumsrate I'y: Findi-
mensionaler Schnitt entlang der parallelen Achse (ki = 0) im Fourierraum. Die ge-
zeigten Zeitschritte sind kleiner als in Abbildung[5.23, was auf eine stirkere Dissipation
schliefen ldsst. Des Weiteren ist die Verschiebung zu kleinerem ky deutlicher.

wartungsgemaf ist die Dissipation der 24er Mode signifikant stérker als bei k:"‘ = 8, was
auf die Proportionalitit oc k* des Dissipationsterms zuriick zu fiihren ist. Die genauen
Werte der Zerfallszeiten wurden in Tabelle zusammengefasst.

Um die Wachstumsraten I'y und I'y der jeweiligen angeregten Mode in Relation zur
injizierten Energie zu bringen, wurde in Tabelle |5.3|das Verhiltnis der Energie des turbu-
lenten Hintergrundes mit der, des maximalen Treibens, gebildet. Dabei ist die effektive
Injektion bei kﬁ = 24 hoch, da der Energietransport in paralleler Richtung sehr langsam
ist und sich folglich wenig energiereiche Turbulenz entwickelt hat (vgl. Abbildung .

In beiden Abbildungen, und erkennt man eine Verbreiterung der Flanken,
vor allem da das turbulente Hintergrundfeld bei so hohem £ nicht sehr energiereich ist.

Die Verschiebung der Position féllt stédrker als in Abbildung aus. So ist nach dem
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Abbildung 5.25.: Parametersatz SI, Peak k|’| = 24, hohe Wachstumsrate I's: die Zeit-
entwicklung der magnetischen Energie ist erneut entlang der ky-Achse dargestellt. Die

stirkere Wachstumsrate fihrt zu mehr Substrukturen im Spektrum, wie z.B. lokale Ma-
xima bei kll\ = 16 und 38.

gleichen Zeitintervall von 17 s bei beiden Simulationen eine Verschiebung von k|'| =24

nach 23 zu erkennen.

Nun soll die Gesamtentwicklung der angeregten Moden untersucht werden. Wie schon
bei der Auswertung der Hintergrundturbulenz im vorangegangenen Kapitel, wird zu
diesem Zweck die spektrale Energie in zweidimensionalen Abbildungen dargestellt. Um
einen Uberblick iiber die interessanten Phasen der Zeitentwicklung eines Peaks zu ge-
ben, wurden in den Abbildungen [5.26] Zeitschritte zur Mitte des Treibintervalls, zum

maximalen Treibzustand und wahrend des Zerfalls fiir jeweils beide angeregten Moden

ausgewahlt.

Besonders gut erkennbar sind die hoheren harmonischen Anregungen der k&' = 8 Mo-

de. Wichtig ist die Erkenntnis, dass deren Auspréigung bei hoherem &k, # 0 beginnt und
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Abbildung 5.26.: Parametersatz SI, Peak k| = 8 (oben) k| = 24 (unten), schwache
Wachstumsrate 1'y: Zweidimensionale Entwicklung der spektralen, magnetischen Ener-
gie. Wie schon im vorangegangenen Kapitel, ist die Farbeinteilung logarithmisch. Aufer-

dem wurde die Farbskalierung bei den oberen drei Abbildungen zur besseren Vergleichbar-

keit normalisiert. Bei der unteren Bildreihe des /€|I| = 24 Peaks war dies nicht maoglich,

da sonst wegen der groffen Unterschiede die Substrukturen nicht gut aufgelést wdren.
Das linke Bild ist eine Aufnahme in der Mitte des Peaktreibens. Das mittlere Bild zeigt
den mazimalen Treibzustand, also tgg. Rechts ist der Zerfall nach 17 s (oben) und 6,8
s (unten) dargestellt.

erst durch die starke senkrechte Kaskadierung die Energie zur kj—Achse gelangt. Solche
hoheren Harmonischen wiirden sich in den k' = 24 Peak Simulationen ebenfalls entwi-
ckeln. Da die k¥’ = 48 Mode jedoch nicht mehr aktiv ist, wird sie durch das Antialiasing
unterdriickt.

Um die unterschiedlichen Anwachsraten in Abhéngigkeit der zweidimensionalen Fou-
rierraumentwicklung zu untersuchen, wurde Abbildung erstellt. Es sind deutlich
verschiedene Energietransportrichtungen erkennbar. So ist im linken Bild die Simula-
tion mit I'y stark von einer senkrechten Kaskade geprégt, wiahrend I'y in der rechten

Abbildung einen isotroperen Verlauf des Energietransfers aufweist. Vor allem ist das
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Abbildung 5.27.: Parametersatz SI: Vergleich der spektralen Energieentwicklung der
verschiedenen Wachstumsraten T'y (links) und Ty (rechts). Die isotropere Entwicklung
bei 'y st ein Indikator fir das Erreichen der kritischen Balance. Zudem bilden sich im
rechten Bild interessante Substrukturen aus.

Ausbilden weiterer Substrukturen bei k| = 6 und &, = 10 zu beobachten. Dies deutet
auf das Erreichen der kritischen Balance hin.

Um dies genauer zu iiberpriifen, wurde eine Karte des (—Parameters (vgl. Gl.
fiir das rechte Bild in Abbildung angefertigt. Zwar erkennt man in Abbildung
dass ¢ ~ 1 nicht génzlich erreicht wird, aber die erhohten Werte stimmen mit den
beobachteten Substrukturen iiberein. Bemerkenswert ist weiterhin, dass durch das An-
wachsen der angeregten Mode auch Werte entlang der senkrechten Wellenzahlachse bei

kleinem £ verstirkt werden und demnach ein Wechselwirkungsprozefl vorliegen muss.

5.2.4. Ergebnisse der angeregten Wellenmoden im Parametersatz
SIl

Das Ziel von Parametersatz SII ist die Untersuchung der Entwicklung bei hoherer Dis-

sipation. Zu diesem Zweck wurde die Resistivitéit auf v = 10 vergroflert.

Erneut wurden die Zerfallszeiten gemessen und in Tabelle |5.4] eingetragen. Sehr gut

erkennbar sind die deutlich kiirzeren Zerfallsintervalle, was fiir eine stirkere Dissipation
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t[S] k%’eak - 27T : 8 ki:’eak - 27T N 24

tl = tstart 0 0
ty = tod 20, 4 1,28 SII
t?) = tend 407 8 27 55

Tabelle 5.4.: Gesamtzerfallszeiten der angeregten Moden in SII. Die Startzeiten sind
am Ende des Peaktreibens festgelegt und stehen somit fiir den Beginn des Zerfalls. Der

Endzustand wird durch den Zeitpunkt kurz vor dem Gesamtzerfall der Energie in der
Slab—Komponente markiert.

kpeae = 27+ 8 kpeac = 2724
Fl FQ 111 FQ
9,17-10"  9,22-10°  2,10-10"®  2,10-10%

Tabelle 5.5.: Parametersatz SII: Gesamtenergieinjektion der Wachstumsraten I'y und I's.
Die Injektion ist als Verhdltnis E(kpeak, tmaz)/ E (kPpeak, tstart) angegebenen.
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Abbildung 5.28.: Parametersatz SI: Fine Karte fiir die summierten (—Parameter in
Abhéngigkeit von ky und k, fir das rechte Bild in Abbildung [5.27 Ist ¢ ~ 1 wird das
Erreichen der kritischen Balance nach|Goldreich u. Sridhar| (1995) indiziert. Zwar wird
in dieser Simulation der Wert 1 nicht erreicht, aber die Substrukturen in Abbildung[5.27
zeigen Ubereinstimmungen mit Regionen nahe des Peaks, sowie bei k|’| =6 und k', =10,

wo C leicht erhoht ist.

zu erwarten ist. Dies zeigt sich auch an der effektiv injizierten Gesamtenergie (Tabelle
5.5)), deren turbulenter Hintergrund etwas weniger Energie triagt. Daher ist das Verhéltnis

zur Peakenergie leicht erhoht.

Ein bedeutender Unterschied l&sst sich zu den Simulationen in SI feststellen. So ist
die Verschiebung der angeregten Moden zu kleinerem k| signifikanter. Beispielhaft wird
in Abbildung [5.29| erneut ein eindimensionaler Spektralverlauf gezeigt. Trotz der verrin-
gerten Simulationszeit, verschiebt sich der Peak innerhalb von etwa 2,5 s von k|’| =24
nach k|’| = 22. Gleichermafien verstiarkt sich auch die Verschiebung der k"‘ = 8 Mode,

wobei auf eine weitere Abbildung hier verzichtet werden soll.

Stattdessen sollen fiir den Peak bei k;|'| = & die unterschiedlichen Wachstumsraten in
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Abbildung 5.29.: Parametersatz SII, Peak kl’l = 24, kleine Wachstumsrate I'y: Findi-
mensionaler Schnitt entlang der parallelen Achse im Fourierraum. Die Verschiebung zu
kleineren k) ist deutlicher als beim Parametersatz SI.

zweidimensionaler Darstellung gezeigt werden. Wie schon in Kapitel beobachtet,
hat die injizierte Energie einen wesentlichen Einfluss auf die Gesamtentwicklung. So
ist der Energietransfer bei der Simulation mit I'y erkennbar isotroper, sogar eher in
paralleler Richtung verschoben. Die kleinere Wachstumsrate fiihrt hingegen wieder zu
stark senkrechter Entwicklung. Bemerkenswert ist weiterhin das Auftreten der hoheren
harmonischen Moden. Diese sind in beiden Simulationen bei kleinerem & lokalisiert und
weniger zahlreich ausgeprigt. Es lédsst sich gerade noch bei k:|’| = 32 eine schwache Mode

erkennen.
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Abbildung 5.30.: Parametersatz SII, Peak k:l’l = 8: Vergleich der Wachstumsraten in
der zweidimensionalen spektralen Darstellung. Erneut dndert sich die Entwicklung der
Energie erheblich zwischen T'y (links) und Ty (rechts).

5.2.5. Ergebnisse der angeregten Wellenmoden im Parametersatz
SHi

In diesem Parametersatz wurde das Hintergrundmagnetfeld um eine Groflenordnung auf
By = 1,74 G erhoht. Aulerdem wurde die Resistivitéit bei v = 10 belassen. Dadurch
wird eindeutig schwache Turbulenz simuliert, was schon in Kapitel (Abbildung
erwartungsgeméf zu starker Senkrechtentwicklung in &k gefiihrt hat.

Trotz der gleichen Dissipation wie in SII, hat sich effektive Amplitude und Lebens-
dauer der Peaks leicht erhoht, wie man den Tabellen [5.6] und [5.7] entnehmen kann.

Der deutlichste Unterschied zu SI und SII ist die d&uferst starke senkrechte Entwick-
lung.

Wie man Abbildung[5.31]entnehmen kann, sind bis in den Zerfallsbereich stark lokali-
sierte Moden bei den Initialpositionen, sowie bei den héheren harmonischen Anregungen
beobachtbar. Wie schon bei SII, sind die Harmonischen nicht sehr stark und zahlreich
ausgebildet, was mit der hoheren Dissipation zu begriinden ist. Ein Unterschied zu SII
ist der geringere Einfluss der Anwachsraten. Alle Simulationen zeigen ein dhnliches Ent-

wicklungsverhalten fiir I'y und I's. Lediglich die Anzahl und Ausprigung der hoheren
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ts] Kpoae = 278 Ky, — 2 - 24

tl = tstart 0 0
ty=tma  22,53(21,42) 2,04 STI1
ty =tenq 45,05 (42,84) 4,08

Tabelle 5.6.: Gesamtzerfallszeiten der angeregten Moden in SIII. Die Startzeiten sind
am Ende des Peaktreibens festgelegt und stehen somit fiir den Beginn des Zerfalls. Der
Endzustand wird durch den Zeitpunkt kurz vor dem Gesamtzerfall der Energie in der
Slab—Komponente markiert. Dabei stehen die eingeklammerten Werte fir die jeweils
tatsdchlichen Simulationen, die in diesen Fillen, aufgrund der langen Simulationszeiten,
nicht bis zu Ende gefiihrt wurden. Fir diese Werte wurde fir te,q eine Abschitzung
anhand eines Fxponential-Fits der Zerfallskurve gemacht.

kijeak - 27T . 8 kijeak - 27T . 24
Fl FQ Fl FQ
4,41-107 4,39-10° 4,98-10" 4,98-10%

Tabelle 5.7.: Parametersatz SIII: Gesamtenergieinjektion der Wachstumsraten I'y und
[y. Die Injektion ist als Verhdltnis E(kpeak, tmaz)/ E(Kpeak, tstart) angegebenen.
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Abbildung 5.31.: Parametersatz SIII, Peaks k|’| = 8 und 24 zum Zeitpunkt t,,;q: Der
zweidimensionale spektrale Energieverlauf weiffit deutlich ausgeprdgte senkrechte Ent-
wicklung auf.

harmonischen Moden nimmt mit dem grofleren I'y zu.

5.2.6. Ergebnisse der angeregten Wellenmoden im Parametersatz
SIvV

Die Simulation starker Turbulenz wird in diesem Parametersatz untersucht. Dabei konn-
te das Szenario mit starker Wachstumsrate I'y fiir den k|’| = 24 Peak nicht durchgefiihrt

werden, da dieser Parametersatz mit dem gewéhlten At nicht mehr stabil war.

Die Zerfallszeiten der angeregten Moden sind vergleichbar mit SI, was man in Ta-
belle |5.8] ablesen kann. Die entsprechenden effektiven Amplituden in Tabelle [5.9| sind
verhéaltnisméBig kleiner, da die Hintergrundturbulenz stérker ist.

Aufgrund des hohen 0 B/ By ~ 10 kann man die Turbulenz eindeutig als stark bezeich-
nen. Dabei treten interessante Entwicklungseffekte auf. Wie in den Abbildung [5.32] und
gezeigt, bilden sich neben den héheren harmonischen Anregungen weitere Struktu-
ren aus. Dabei sind diese vorzugsweise bei hohem k; und nicht zwingend bei ganzzahligen

Vielfachen der initialisierten Peakposition zu finden.
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] Ko = 27 -8 Koy = 2 - 24

tl = Zfstart 0 0
to=tma  54(28,9) 12,75 SIV
ty =tea 108 (57,8) 25,5

Tabelle 5.8.: Gesamtzerfallszeiten der angeregten Moden in SIV. Die Startzeiten sind
am Ende des Peaktreibens festgelegt und stehen somit fiir den Beginn des Zerfalls. Der
Endzustand wird durch den Zeitpunkt kurz vor dem Gesamtzerfall der Energie in der
Slab—Komponente markiert. Dabei stehen die eingeklammerten Werte fir die jeweils
tatsdchlichen Simulationen, die in diesen Fillen, aufgrund der langen Simulationszeiten,
nicht bis zu Ende gefiihrt wurden. Fir diese Werte wurde fir te,q eine Abschitzung
anhand eines Fxponential-Fits der Zerfallskurve gemacht.

k%’eak - 27T . 8 k%’eak - 27T . 24
I Iy I'y Iy
1,45-10° 1,54-10% 5,17-10°

Tabelle 5.9.: Parametersatz SIV: Gesamtenergieinjektion der Wachstumsraten I'y und
[y. Die Injektion ist als Verhdltnis E(kpeaks tmaz)/ E(Kpeak, tstart) angegeben.
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Abbildung 5.32.: Parametersatz SIV, Peak k:|’| = 8 mut Wachstumsrate I's, 1,28 s nach
dem maximalen Treiben (tsar): Links ist der zweidimensionale spektrale Energieverlauf
dargestellt und rechts die dazugehiorige (—Karte. Daber ist die Farbeinteilung im rechten
Bild linear und zeigt integrale Werte von (.

Bei der Entwicklung von Mode k|’| = 8 treten die zusétzlichen Moden bei hohem |k|
auf, so z.B. bei (k|, k) = (10,18), (10, 38), (18,32) und (24, 18) (vgl. Abbildung5.32).
Bei der initialen k:|’| = 24 Mode ist die Entwicklung dieser Strukturen eher bei kleinem £
und mittleren k; zu beobachten, z.B. (5,13), (5,17) und (8,22) (vgl. Abbildung |5.33)).

Die Vermutung liegt daher nahe, dass diese neuen Moden mit der kritischen Balance
zusammenhédngen. Daher wurde fiir beide Abbildungen die entsprechende Karte des (—
Parameters erstellt, die rechts in der jeweiligen Abbildung gezeigt ist. Die Skalierung der
Farbe wurde dabei so gewéhlt, dass lediglich Werte oberhalb von ¢ = 0, 1 sichtbar sind.
Wie schon in Abbildung beobachtet, scheint der k|’| = 24 Peak stark mit den Moden

entlang der k; Achse zu interagieren und erzeugt dort hohe Werte von (.

Die hoheren harmonischen Moden sind im Gegensatz zu den anderen Parametersétzen

bei sehr kleinem k| lokalisiert.

Die Entwicklung des initialisierten Peaks ist von der Dissipation her dhnlich der von
SI. Die Verbreiterung durch Wellenzahldiffusion, sowie das Verschieben zu kleinerem &

durch konvektive Prozesse ist hingegen deutlich stérker ausgeprégt.
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Abbildung 5.33.: Parametersatz SIV, Peak k;"l = 24 mit Wachstumsrate T'y, 0,68 s
nach dem mazimalen Treiben (tsn): Links ist der zweidimensionale spektrale Energie-
verlauf dargestellt und rechts die dazugehorige (—Karte. Dabei ist die Farbeinteilung im
rechten Bild linear und zeigt integrale Werte von (.

5.2.7. Ergebnisse der angeregten Wellenmoden im Parametersatz
SV

Im letzten untersuchten Parametersatz SV wurde die Auflosung im Real- und Fourier-
raum in jeder Dimension verdoppelt. Durch die nahezu verzehnfachten Simulationszeiten
war es nicht moglich die verschiedenen Szenarien, wie unter SI-SIV durchgefiihrt, nach-
zubilden. Daher wurde lediglich eine Wachstumsrate fiir jeden Peak gewihlt. Der Verlauf
der Entwicklung der angeregten Moden ist analog zu den Peaks mit I'; unter Parameter-
satz SI. Hervor zu heben ist die Tatsache, dass unter der Auflésung von SV die Anzahl
der aktiven Moden grofl genug ist, um die hoheren Harmonischen des k|’| = 24 Peaks zu
beobachten. Man erkennt sehr deutlich in Abbildung[5.34]im rechten Bild das Ausbilden
der Moden bei k|’| = 48 und 72. Weiterhin bemerkenswert ist die Entwicklungszeiskala
dieser Moden. Wie in Kapitel erwiahnt, war die Hintergrundturbulenz noch nicht
vollstdndig im geséttigten Zustand. Vor allem in paralleler Richtung ist wenig Energie
transportiert worden, was in Ubereinstimmung mit dem Goldreich-Sridhar Modell ist,

in dem eine parallele Energiekaskade nicht beschrieben wird. Dennoch entwickeln sich
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Abbildung 5.34.: Parametersatz SV, zweidimensionaler spektraler Energieverlauf der
Peaks bei k| = 8 (links) und kj = 24 (rechts) mit Wachstumsrate I's im mazimalen
Treibzustand (tsar). Wie schon in den Simulationen der anderen Parametersitze mit
starker Energieinjektion beobachtet, entstehen hohere Harmonische.

die héheren Harmonischen innerhalb weniger Alfvén—crossingtimes zu hohem k.

5.2.8. Diskussion der Ergebnisse von SI-SV

Fiir die beobachteten Phénomene in den verschiedenen Parametersétze sollen in diesem
Kapitel mogliche Erklarungen gegeben werden. Es konnten alle drei Prozesse, die in Ab-
bildung [5.22| skizziert wurden, beobachtet werden. Generell war die Dynamik sdmtlicher
Mechanismen fiir die angeregten Moden recht stark. Dies ist vor allem darauf zuriick zu
fithren, dass eine einzelne, energiereiche Alfvénwelle in turbulenten Hintergrundfeldern
immer eine instabile Losung der MHD-Gleichung darstellt und nichtlineare Interaktionen
stark Einfluss nehmen. Besonders gut ist dies bei groBen Wellenzahlen beobachtbar. So
war die Dynamik bei sémtlichen k;l’l = 24 Simulationen duferst stark. Hervor zu heben ist
dabei die Dissipation, die aufgrund der Proportionalitit oc &%, die mit der verwendeten
Hyperdiffusivitiat einher geht, fiir hohe Werte von k£ Energie sehr stark dissipiert. Die
Zerfallszeiten in den Tabellen bestitigen dies, im Speziellen, wenn man auf die

Unterschiede zwischen den Simulationen mit erhohtem v achtet (SII und SIII). Dabei
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Fea = 8 e = 24
Fl Fg Fl FQ
SaTz SI
7 5,09-10"%  1,76-10'6 4,12-10%  7,92.10%
T 7,23-101° 8,79-10'  1,55-10'  2,92.10'
SaTz SII
7 1,41-10%° 8,33-10%  9,79-10* 1,23-10%
T 3,28-10'7 7,60-10%  4,85-10%°  4,91-10%
Sarz SIV
7 1,25-10" 6,74-10%  5,84-10%
T 4,43-10" 8,00-10%  1,47-10%

Tabelle 5.10.: Berechnete Disspationskoeffizienten gemdfi Gl. . Es wurden fiir samt-
liche Stmulationen der Parametersditze SI,SII und SIV die Berechnungen fiir zwei un-
terschiedliche Zeitschritte (t1,72) durchgefihrt. Da die FEinstellungen von SIII zwei
verdnderte Parameter tragen, wurde D nicht beriicksichtigt, da keine direkte Vergleich-
barkeit zu den anderen Simulationen besteht. Die Koeffizienten sind in cm?s~t gegeben.

sind die leicht erhohten Werte in den Tabellen von SIII gegeniiber SII durch das Hin-
tergrundmagnetfeld verursacht, was die Energie stiarker bei kleineren Moden bindet und

somit die Lebensdauer der Peaks minimal erhoht.

Wie schon in Kapitel im Zusammenhang mit GL erlautert, ist die Wel-
lenzahldissipation in der verwendeten Methodik mit dem rdumlichen Diffusionsprozefl
verkniipft. Anhand der Koeffizienten der Dissipationsgleichung kann man Riickschliisse
auf die rdumliche Diffusion ziehen. In Tabelle sind die Koeffizienten fiir verschie-
dene Zeitschritte berechnet. Man sieht, dass vor allem fiir die starke Wachstumsrate I'y
bei den Simulationen mit k"‘ = 8 die Koeffizienten nahezu konstant bleiben. Das lasst
darauf schlieBen, dass in diesen Fiéllen die rdumliche Diffusion die Dynamik bestimmt
und somit die Wellenzahldissipation der dominante Prozef ist. Dies stimmt auch mit
den Beobachtungen der Entwicklung im Fourierraum iiberein. So kann man zwar auch
die Verbreiterung und Verschiebung der Peaks bei k|’| = 8 erkennen, aber die Dissipation
hat den deutlichsten Einfluss. Eine starke Schwankung ist hingegen beim Parametersatz
SII fiir den k"‘ = 24 zwischen 71 und 7 sichtbar. Eine mogliche Erklarung hierfiir ist
die nichtlineare Wechselwirkung mit anderen Moden, die Energie beispielsweise durch

Kaskadierung stark von der initialisierten Wellenmode weg transportiert.
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Weitere nichtlineare Effekte wurden bereits mit der Wellenzahldiffusion und der Kon-
vektion in Verbindung gebracht. Dabei fiihrt die Diffusion zur Verbreiterung der ange-
regten Moden. Auch dieser Vorgang wurde in allen Simulationen in unterschiedlicher
Ausprigung beobachtet. Vor allem scheint die effektive Peakamplitude starken Einfluss
auf die Verbreiterung zu nehmen. So wurde beispielsweise in den Simulationen zu Para-
metersatz SI bei der Anwachsrate I'y eine Zunahme der FWHM um 70 % bereits 1,7 s
nach dem maximalen Peaktreiben gemessen, wohingegen bei I'; lediglich eine Verbreite-
rung von etwa 15 % zu verzeichnen war. Eine mogliche Erklarung ist ein Gleichgewicht
zwischen Energie- und Enstrophiekaskade. Dadurch wird ein gleichméfiger Energiefluss
zu hohen und kleinen Wellenzahlen stattfinden, was die angeregte Mode demnach ,,aus-

einanderziehen® wiirde (Mininni u. Pouquet| [2009).

Die Verschiebung der initialen Position der angeregten Moden durch Konvektion ist
verglichen mit Dissipation und Diffusion, ein eher langsamer ProzeB. Den Ergebnissen
kann man entnehmen, dass vor allem die Peaks in den Parametersatzen SI, SII und SIV
verschoben werden. Die Simulationen in SIIT zeigen hingegen kaum eine Verdnderung
der Position. Die Verschiebungsrichtung wurde immer zu kleineren Wellenzahlen iden-
tifiziert. Dies entspricht der Kaskadierung der Enstrophie. Dieser Prozef} ist vor allem
in zweidimensionalen Plasmen bekannt. Ist die MHD—Entwicklung eines Plasmas ani-
sotrop kann man dieses auch als effektiv zweidimensional betrachten, insofern entlang
einer Dimension eine Vorzugsrichtung besteht. Dadurch entstehen im Plasma Strukturen
und Verwirbelungen auf gréfleren rdaumlichen Skalen, was Energietransfer zu kleinerem
k bedeutet. Dadurch tritt eine inverse Energiekaskade oder hochskalierende Enstrophie-
kaskade auf.

Um auf diesen Prozefl weiterhin einzugehen, soll im Folgenden die Mode bei k:|’| =38
mit geringer Wachstumsrate I'y genauer untersucht werden. Dabei wird sich auf die
Simulationen in SI, SIII und SIV konzentriert, da dort jeweils unterschiedliche Hinter-
grundmagnetfelder verwendet wurden. Da der Energietransfer sehr empfindlich auf By
reagiert, sind diese Parametersidtze von besonderem Interesse. In Abbildung ist
der Zustand in benannten Simulationen nach etwa 17 s nach maximalem Peaktreiben
verglichen. In SI hat sich innerhalb dieses Zeitintervalls die Position von k|’| = 8 auf
ca. 7,7 veriandert. In der Simulation in SIII mit stdrkerem By, ist die Position nahezu
konstant geblieben. Der Parametersatz SIV zeigt die stirkste Anderung auf k|" = 6,5.

Das beobachtete Verhalten spricht fiir eine Enstrophickaskade, da das extrem starke
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Abbildung 5.35.: Vergleich zwischen der konvektiven Verschiebung der schwach an-
geregten Mode k’| = 8 bei verschiedenen Hintergrundmagnetfeldern By in den Parame-
tersatzen SI, SIII und SIV bei etwa 17 s im Zerfallsbereich. Bei dem sehr starken By in
SIII ist der Peak stark lokalisiert und eine Verschiebung ist kaum messbar. Bei geringem
By ist die Bewegung zu kleinerem k) signifikant. Dies deutet auf eine Enstrophiekaskade.

Hintergrundmagnetfeld die Vorzugsrichtung eindeutig festlegt und die Entwicklung eher
eindimensional ist. Dies dndert sich mit schwécherem By, so dass die Entwicklung weni-
ger eingeschrénkt ist. Um diese These zu untermauerm wurde zusétzlich die Enstrophie

in den verschiedenen Simulationen gemessen. Die Berechnungen wurden geméf
(k) = /dk Ik x ul?. (5.33)

durchgefiihrt und sind in Abbildung dargestellt.
Ein weiterer beobachteter Effekt ist das Ausbilden hoherer harmonischer Moden, die
bei allen k| = 8 Simulationen mehr oder weniger stark und zahlreich waren. Wie schon

erwahnt sind die gleichen Beobachtungen fiir k|’| = 24 Intialpeaks nicht moglich, da im
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Abbildung 5.36.: Zeitentwicklungen der Enstrophie in den Parametersdtzen SI, SIII
und SIV. Das starke Hintergrundmagnetfeld bei SIII verhindert die Ausbildung einer
Kaskade. Bei SIV ist hingegen eine deutliche Verdnderung zu erkennen.

2563 Gitter bei &' = 42 die aktiven Moden enden und der Antialiasingbereich anfingt.
Es hat sich gezeigt, dass hohere Wachstumsraten I'y auch zu stérkerer Auspriagung der

Harmonischen fithrten.

Diese Energieabhéingigkeit spricht fiir zwei mogliche Ursachen. Zum einen kann ein
3—Wellen—Wechselwirkungsprozefl ks + ks — k16 zugrunde liegen. Diese Annahme wird
durch Abbildung [5.37] gestiitzt. Dort findet sich ein quadratischer Zusammenhang der
Energie zwischen der Initialmode und derer ersten Harmonischen. Diese funktionale
Abhéngigkeit wiirde auch bei 3—Wellen—Wechselwirkung auftreten (Sagdeev u. Galeev
1969). Wie jedoch schon ausfiihrlich im Theorieteil diskutiert, ist diese Interaktionen fiir
gleichgerichtete Alfvénwellen nicht erlaubt. Daher miissen gegenldufige Wellen im Hin-
tergrundplasma beteiligt sein, da sonst die Impulserhaltung verletzt wire. Eine Uber-

priifung durch eine Simulation ohne turbulentes Hintergrundfeld weist keine héheren
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Abbildung 5.37.: Energieabhdngigkeit der ersten harmonischen Mode von der Energie
des initialisierten Peaks. Der Fit ergibt einen quadratischen funktionalen Zusammen-
hang, was fiir 3-Wellen—Wechselwirkung spricht.

harmonischen Moden auf, was fiir die getroffene Annahme spricht.

Eine andere Erklirung dieser hoheren Anregungen ist die Selbstinteraktion der Alfvén-
wellen, durch das sogenannte wave—steepening. Man kennt diesen Vorgang vor allem aus
der Hydrodynamik. Wellen mit starken Amplitude badumen sich in Uferndhe auf und
erhalten dadurch unterschiedliche Phasengeschwindigkeiten. Folglich iiberholt sich die
Welle selber und bildet einen turbulenten Schock aus. Es kommt zum Brechen der Welle
und unter Dissipation ihrer Energie. Dieser Vorgang kann auch bei Alfvénwellen auftre-
ten und durch das ,,Brechen“ zu héheren harmonischen Moden fithren (Galinsky et al.

1997).

Unabhéngig vom zugrunde liegenden Prozef} ist die Entwicklung der héheren harmo-
nischen Moden in parallelen Wellenzahlen von hoher Bedeutung. Das Goldreich—Sridhar
Modell beschreibt die Kaskadierung der Energie und das entsprechende Kolmogorovspek-
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trum nur entlang senkrechter Richtung. Dies konnte auch in den durchgefiithrten Simu-
lationen ohne angeregte Wellenmoden bestétigt werden (vgl. . Die Beobachtung
hoher Wellenmoden in paralleler Richtung wird hingegen nicht erklért. Betrachtet man
nun die Erzeugung hoéherer harmonischer Moden als einen permanenten Vorgang der
durch die Sonne fortwihrend durch Emission hochenergetischer Teilchen, sei es wihrend
Flares, CMEs oder durch Schockbeschleunigung innerhalb der Korona, angetrieben wird,
so findet man einen effektiven Mechanismus zum Energietransfer in paralleler Richtung.
Wie in den Ergebnissen dieser Arbeit gezeigt, ist es zudem nicht von Bedeutung, bei wel-
chem k,; die hoheren Harmonischen generiert werden, da die turbulente Energiekaskade

in senkrechter Richtung Energie schnell transportiert.

Ein spezielles Augenmerk lag bei den vorgenommenen Simulationen auf der Unter-
suchung der kritischen Balance. Vor allem der Parametersatz SIV war dafiir ausgelegt
Werte von ¢ /=~ 1 zu erreichen. Dabei sind in den Abbildungen [5.32| und unerwartete
Strukturen aufgetreten. Die dazugehorigen Karten des (—Parameters weisen in entspre-
chenden Regionen Werte im Bereich 1 auf. Scheinbar treten erste Effekte der kritischen
Balance bereits eher auf. So sind Abweichungen zu den anderen Simulationen bereits in
den Abbildungen und bei ( &~ 0,1 zu verzeichnen. Es sei darauf hingewiesen,
dass es nicht moglich ist, darauf zu schlieffen, ob die unregelméfigen Strukturen oder
die hohen (—Werte zuerst auftreten. Unabhéngig davon ist das beobachtete Verhalten
jedoch gut in Ubereinstimmungen mit den Goldreich-Sridhar Turbulenztheorien, die ei-
ne Verstarkung der Turbulenz vorhersagen, so dass ( dem Wert 1 entgegenstrebt. Wie
bereits erwéihnt, richten sich in diesem Zustand die turbulenten Strukturen zunehmend
entlang der parallelen Richtung aus, was auch mit der Beobachtung der durchgefiihr-
ten Simulationen {ibereinstimmt. Die Entwicklung, wie sie in den zweidimensionalen,
spektralen Abbildungen erkennbar ist, wird isotroper und Moden bei hohem k| werden

energiereicher.

Die gewonnenen Erkenntnisse der durchgefithrten Simulationen sind duflerst wichtig
um diffusive Schockbeschleunigung in der Heliosphére zu verstehen. Speziell sind die un-
terschiedlichen Prozesse der Entwicklung angeregter Moden fiir die Beschleunigung von
solaren Teilchen interessant. Die beobachteten Prozesse verdndern die Sturktur dieser
Moden zum Teil erheblich. Durch diese Verédnderung kénnen wiederum Teilchen anderer
Energie beschleunigt werden und erneut zur Modifikation einzelner Moden beitragen.

Vor allem die Verschiebung der Peaks zu kleineren Moden kann zur Beschleunigung
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von hoher energetischen Teilchen fithren, da die Resonanzbedingung (vgl. Gl. [3.148]
Kapitel in diesem Fall modifiziert wird (Vainio u. Laitinen| 2007). Zwar ist die
Verschiebung in den durchgefiihrten Simulationen nicht erheblich, was jedoch auf die
Beschréankung auf diskrete Moden und auf geringe Gesamtsimulationszeit riickfithrbar
ist. Zudem kann GisMO wie auch andere MHD-Simulationen keine selbstkonsistente Be-
schreibung liefern, da sonst kinetisches und fluiddynamisches Regime vermischt wiirden.
In der Heliosphére findet hingegen sténdige Wechselwirkung zwischen den Wellenmoden

und den solaren Teilchen statt.

Des Weiteren wird durch hochenergetische Energieinjektion wave-steepening oder
ein 3—Wellen—Wechselwirkungsprozel begiinstigt. Diese Entwicklung von Anregungen
hoherer Harmonischer spricht fiir das Beschleunigen von niederenergetischeren Teilchen.
Dabei sei darauf hingewiesen, dass diese Aussage der isotropen Energiediffusion durch
Vainio u. Laitinen (2007) widerspricht. Daher miissen diese Modelle auf den beobachteten
Energietransfer zu kleineren Skalen angepasst werden. Zumindest in starken Anregungen
steht die Ausbildund der hoheren Harmonischen im Widerspruch zu gleichméfiger isotro-
per Kaskadierung im Fourierraum. Vor allem ist ein solcher Prozef fiir die Entwicklung
der Turbulenz in paralleler Richtung von Bedeutung. Die Zeitskala dieser Entwicklung
ist deutlich kiirzer als das konvektive oder diffusive Transportieren der Energie. Beson-
ders gut ist dies in den hoher aufgelosten Simulationen im Parametersatz SV erkennbar,
in denen in wenigen Alfvén-crossingtimes hohe Werte fiir k| erreicht werden, obwohl die
Hintergrundturbulenz in diesen Bereichen nicht vollstéindig entwickelt war (vgl. Kapitel
5.2.1). Demnach wére die Ausbildung hoherer Harmonischer ein wichtiger Proze; um
Turbulenz bei hohen slab-Komponenten zu erkléren. Starke Energieinjektionen wéahrend

Flares oder CMEs wiirden auf diesem Wege sehr effizient Energie in hohe k| einschieflen.

Die starke senkrechte Energieentwicklung fiithrt wiederum zu hoheren Ordnungen
der Resonanzbedingung. Wie schon im vorangegangenen Kapitel demonstriert,
wechselwirken dann auch Teilchen anderer Ausrichtung zum Hintergrundmagnetfeld mit
den senkrechten Anteilen der Moden (Schlickeiser 2002).

Um die genauen Effekte der hier vorgestellten Simulationen in Bezug zur Teilchen-
streuung zu untersuchen werden im Folgenden Ergebnisse der Simulationen von GIs-

MO—-Particles vorgestellt.
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By VA v k-grid vy IR UR

G]  [em-s7!]  [em?-s7Y [cm-s™!] (k| =2m-8) (k| =27 24)
0,174 1,2-10° 1 1285 1,21-100 0,86 0,29
0,174 1,2-10° 1 256°  1,21-1000 0,86 0,29

1,74 1,2-10° 10 128 2.9-100 1 0,37

Tabelle 5.11.: Parametersditze der Testteilchensimulationen. Die Turbulenzparameter
entsprechen den Finstellungen SI, SIII und SV (siehe Tabelle mit der dujfe-
ren Skala Ly = 3,4-10%cm und der Plasma-Anzahldichte ng = 10°cm™3, wobei die
Alfvéngeschwindigkeit v, wieder durch /4mmng mit By verkniipft ist. Die Anzahl der
simulierten Testteilchen betrug in jedem Satz konstant 10°. Die beiden rechten Spalten
zeigen die Positionen der ersten Resonanz (n = 1) fir die k' = 8 und 24 Mode, welche
im folgenden Kapitel angeregt werden soll. Die Position der Resonanz wird dabei tiber

die Teilchengeschwindigkeit vy eingestellt (vgl. Gl. .

5.3. Ergebnisse von Gismo-Particles

In diesem Kapitel werden Ergebnisse des Transports und der Streuung von geladenen
Teilchen in turbulenten Plasmen présentiert. Zum einen werden dabei Resultate der
Testteilchensimulationen von GISMO-PARTICLES in verschiedenen Szenarien, wie der
heliosphérischen und durch angeregte Wellenmoden modulierten Turbulenz vorgestellt.
Zum anderen werden die Ergebnisse mit einem unabhéngigen Ansatz mittels der ma-

gnetostatischen, quasilinearen Theorie (im Folgenden auch SQLT') verglichen.

5.3.1. Testteilchensimulation in heliospharischer Turbulenz

Der unter Kapitel [5.1.2] prisentierte Testfall einer simplen Welle-Teilchen Interaktion hat
bereits die wichtigen Parameter aufgezeigt. Dabei hat sich erwartungsgeméfl die Stérke
der Wellenamplitude im Verhéltnis zum Hintergrundmagnetfeld als entscheidend fiir die
Anwendbarkeit der QLT erwiesen. Dementsprechend ist die Turbulenzstéirke, gemessen
durch das Verhéltnis B/ By , die zentrale Grofie der durchgefiihrten Teilchensimulatio-
nen. Daher wird sich im Folgenden auf die Simulationssédtze SI mit schwicherem und
SIIT mit stirkerem By konzentriert. Weiterhin wird der Einfluss der Auflésung durch

Parametersatz SV iiberpriift.

Da die Turbulenzparameter bereits im vorangegangenen Kapitel beschrieben wur-

den, sollen an dieser Stelle nur die jeweiligen Bedingungen der Testteilchensimulationen
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vorgestellt werden. Ausgangspunkt jeder Teilchensimulation ist die jeweilige vollstandig
entwickelte Turbulenz, wie sie unter Kapitel prasentiert wurde. Jedes Szenario wird
durch 10° Teilchen modelliert, also einer Anzahl, die in den durchgefiihrten Testfillen ei-
ne ausreichend gute Statistik zeigte, um resonante Strukturen zu erkennen. Eine hohere
Testteilchenzahl ist zwar handhabbar und wiirde entsprechend glattere Kurven ergeben,
ist aber in dem durchgefithrten Umfang erheblich rechenaufwendiger und steht damit
nicht mehr in einem sinnvollen Verhéltnis zum Nutzen. In Anbertacht der im folgen-
den Kapitel dargestellten Simulationen werden die Teilchengeschwindigkeiten festgelegt.

Dabei wird iiber die bereits vorgestellte Bedingung

w—nf B w—n
k”U N Lal2ﬂ' ki|/| Ur

MR = (534)
die Geschwindigkeit der Teilchen so gewéhlt, dass die Resonanzen innerhalb des p—
Interval [—1, 1] liegen. Der Geschwindigkeitsbetrag ist fiir jedes Teilchen konstant. Die

Parametersitze der Teilchensimulationen sind in Tabelle zusammengefasst.

Als eine zentrale Grofle des Teilchentransports wurde bereits im Theorieteil dieser
Arbeit der Fokker-Planck—Koeffizient D,,, identifiziert. Besonders dessen Verkniipfung
iiber die mittlere freie Wegliange (vgl. GL zu observablen Gréflen, wie der Winkel-
verteilung, sind fiir Satellitenexperimente von Bedeutung (Agueda et al| [2009). Daher
wird ein spezielles Augenmerk auf die Pitchwinkelstreuung gelegt, wobei hauptséchlich

die Streufrequenz

(AQ)Q _ Dy
2 At 1—pu2

Doo = (5.35)

ausgewertet wird. Es ist zu beachten, dass obige Definition eine Ndherung fiir den Fall

2 2
D — iy AR ezt (Ap)

M S 2AE T 2AL (5.36)

darstellt und somit nur fiir eine ausreichende Zeitentwicklung giiltig ist (vgl. Kapitel
3.3.2).

In Abbildung [5.38| ist das Ergebnis fiir D,, in der Turbulenz mit dem Parameter-
satz SI zu verschiedenen Entwicklungszeiten gezeigt. Ist anfangs noch eine gleichméfige
Streufrequenz fiir jedes p zu erkennen, so bildet sich nach etwa 30 Gyrationen ein stabi-

ler Zustand mit zwei prominenten Maxima aus. Dieses Doppelmaximum entwickelt sich
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Abbildung 5.38.: Zeitentwicklung der Streufrequenz Do fiir 10° Testteilchen im tur-
bulenten Plasma mit Parametersatz SI. Nach einer Gyrationsperiode ist die Streuung
gleichmafig fiir jeden Pitchwinkel verteilt. Bei etwa 30 Gyrationen hat sich ein stabiler
Zustand eingestellt, der eine deutliche Doppelpeakstruktur bei kleinem |u| aufweist.

dabei aus einem einzelnen Maximum bei © = 0 heraus. Um ein genaueres Bild dieses
Vorgangs zu bekommen, bieten sich die Streuplots an, die bereits beim Welle-Teilchen
Testfall verwendet wurden. Dazu wird erneut die Gesamténderung des Pitchwinkels (Apu)
iiber dessen Anfangswert uq fiir jedes Teilchen einzeln aufgetragen. Durch diese Methode
wird sehr deutlich der zugrundeliegende Streuvorgang visualisiert. So stellt man beim
Vergleich zwischen den Abbildungen und fest, dass das beobachtete Doppelma-
ximum tatséchlich von der selben Resonanz her riihrt. Die Verkippung der Resonanz, die
schon beim Welle-Teilchen Testfall beschrieben wurde, fithrt zum Aufspalten des Maxi-
mums im Streukoeffizienten D,,, da dort nur der Betrag von Ap beriicksichtigt wird. Im
Zusammenhang mit dem Streuplot wird klar, dass die Struktur der Cherenkov—Resonanz
durch die Wechselwirkung zwischen Teilchen und Pseudo—Alfvénwellen entspricht. Wei-

tere Maxima konnen nicht eindeutig der ballistischen Streuung oder den resonanten
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Abbildung 5.39.: Streuplot der Testteilchensimulation in der SI Turbulenz nach 30
Gyrationsperioden. Wie schon im Welle—Teilchen Testfall steht jeder Punkt fiir die
Gesamtdinderung des Pitchwinkels eines individuellen Teilchens. Eine klare resonante
Struktur hat sich bei p = 0 entwickelt. Diese kann als Cherenkov-Resonanz (n = 0)
identifiziert werden, die durch Teilcheninteraktionen mit Pseudo—Alfvénwellen generiert
wird.

Interaktionen mit Scher—Alfvénwellen zugeordnet werden, da eine genauere Untersu-
chung der beitragenden Wellen in homogener Turbulenz schwierig ist. Dennoch ist ein
Indiz fiir Resonanz die zeitliche Entwicklung. Wahrend resonante Interaktionen mit zu-
nehmender Zeit schmaler und deutlicher werden, sofern die Wellenamplitude ausreichend
fiir signifikante Streuung ist, verlieren ballistische Wechselwirkungen an Streuamplitude.
Ein sehr deutlicher Unterschied ist auBlerdem die zunehmende Anzahl der ballistischen
Maxima wéahrend der zeitlichen Entwicklung, was wiederum zu sich &ndernden Positio-
nen der Maxima fiithrt. Ausgehend von diesen Tatsachen, ist es nahe liegend, dass die

Strukturen in Abbildung |5.39| von ballistischer Streuung verursacht werden.

Im Szenario eines starkeren Hintergrundmagnetfelds (Satz SIII) ist die Streuung deut-
lich diffuser. So lésst sich im Streuplot in Abbildung keine klare Struktur erkennen.
Die Streuung ist nahezu isotrop. Dabei scheint die Cherenkov-Resonanz nicht ldnger

dominant zu sein. Dementsprechend wiirde der Streukoeffizienten D, auch keine Struk-

185



0.015 , . w
0.01 | o T *
0.005

Ap

-0.005
001 | Sl - |
-0.015 ¢ |
-0.02

-1 -08 -06 -04 -02 0 02 04 06 08 1
Ho

Abbildung 5.40.: Streuplot der Testteilchensimulation in der SIII Turbulenz nach
30 Gyrationen. Das stirkere Hintergrundmagnetfeld fiihrt zu isotoperer Streuung. Die
Cherenkov-Resonanz ist nicht mehr dominant ausgepraigt.

tur zeigen. Die Amplitude der Pitchwinkeldnderung hat sich erwartungsgeméafl mit der

Turbulenzstéarke um eine Groflenordnung reduziert, da die Streuungsstirke linear zum
0B/ By Verhiltnis verlauft.

5.3.2. Teilchenstreuung an angeregten Wellenmoden

In diesem Teil wird nun die Untersuchung von Pitchwinkelstreuung an den verstark-
ten Wellenmoden aus Kapitel behandelt. In einem Evolutionszyklus wurden von
jeder verstiarkten Wellenmode, vom getriebenen Zustand bis zum kompletten Zerfall,
verschiedene d B/ By Verhéltnisse durchlaufen. Dabei wurden vor allem beim maximalen
Treibzustand sehr starke Moden generiert. Bei so hohen lokalen Turbulenzstérken ist
die Anwendbarkeit der QLT nicht mehr moglich und eine stochastische Streuverteilung
wiirde sich einstellen. Daher wurden Bereiche der Peakentwicklung mit geringerer 6 B/ By
Stéarke gewéahlt. Es wurden dazu einzelne Zeitschritte der Ergebnisse von SI, SIIT und SV
in Kapitel als Ausgangspunkt fiir die Testteilchensimulationen benutzt. Fiir jeden
Peak bei k' = 8 und 24 wurde im Zerfallszustand der Zeitpunkt gewéhlt, bei dem die
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Amplitude der angeregten Moden sich auf §B/By ~ 1072 reduziert hatten. Innerhalb
der Parametersitze SI und SIII wurde zusétzlich der Treibzustand simuliert, wobei die

Teilchen direkt zu Beginn der Energieinjektion initialisiert wurden.
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Abbildung 5.41.: Zeitentwicklung des Pitchwinkelstreukoeffizienten D, im Parame-
tersatz SI mit verstirkter k' = 24 Mode im Treibbereich. Nach finf Gyrationsperioden
lasst sich bereits eine resonante Struktur erkennen. Die orangen Geraden zeigen die
ermittelten Positionen der Resonanzen an.

Die Geschwindigkeitsbetrige der Teilchen wurden geméafl Tabelle |5.11] so angepasst,
dass bei beiden angeregten Wellenmoden resonante Wechselwirkungen innerhalb des
p Intervals liegen (vgl. GI. . Fiir das schwéchere Hintergrundmagnetfeld wurde
demnach vy = 1,21-10'° cm-s7! festgelegt. Da mit dem Magnetfeld in Parameter-
satz SIII sich die Gyrationsfrequenz erhéht, muss auch die Teilchengeschwindigkeit auf
vr = 2,9-10'° cm - s7! vergréBert werden. Dementsprechend sind diese Simulationen im
schwach relativistischen Bereich mit einem Lorentzgammafaktor von I' ~ 4. In diesem
Regime ist das Verfahren des Boris—Pushs noch eine gute Naherung. Dennoch ist dieser

Fall eher als ein kiinstliches Szenario anzusehen, da bei so hohen Magnetfeldern SEP—
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Ereignisse mit 2,65 GeV assoziiert werden. Bei so hohen Energien ist die relativistische
Protonendichte wiederum so gering, dass durch die Stromungsinstabilitédt keine Wellen
mehr generiert werden konnen (vgl. Kapitel . Die zentrale Fragestellung dieser Si-
mulationen wird demnach die Verdnderung der Ergebnisse im Rahmen der quasilinearen
Theorie sein, da die Annahmen der QLT bei kleinerem 6 B/ By Verhéltnis besser erfiillt

sind.
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Abbildung 5.42.: Zur Abbildung gehoriger Streuplot bei etwa zehn Gyrationspe-
rioden. Die Doppelmaxima im D,,—Verlauf erweisen sich als Artefakte der verkippten
Resonanzen. Signifikante Strukturen haben sich ber p = —0,27; 0; 0,29 ausgebildet.

Zunachst werden die Resultate im Parametersatz SI vorgestellt. Die Testteilchen wur-
den zunéchst direkt mit dem Beginn des Treibzustands der angeregten Mode initiali-
siert. In Abbildung [5.41] ist die Zeitentwicklung der Streufrequenz D, dargestellt, die
im Treibbereich des &' = 24 Peaks zu beobachten ist. Man erkennt deutlich, dass sich
zwischen der fiinften und zehnten Gyrationsperioden ein stabiler Zustand mit hervor-
stechenden Resonanzen eingestellt hat. Zwei Doppelmaxima sind bei etwa p ~ £0,3
entstanden, deren einzelne Maxima sich mit der Zeit leicht auseinander bewegen. Da
dieses Verhalten bereits bei der Cherenkov—Resonanz in der homogenen SI Turbulenz
beobachtet (vgl. Kapitel und als Artefakt der D,,—Auswertung identifiziert wurde,

liegt auch hier nahe, die tatséichliche Resonanzstruktur mit dem zugehorigen Streuplot
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Abbildung 5.43.: Zeitentwicklung des Pitchwinkelstreukoeffizienten D, im Parame-
tersatz SI mit verstirkter k' = 24 Mode im Zerfallsbereich. Die Peakentwicklung der
urspringlichen rein parallelen Mode zu anderen Wellenzahlen fihrt zu mehr Streupoten-
tialen. Dadurch wird der Verlauf von D, deutlich komplezxer. Zur besseren Interpretation
wurden erneut die Positionen der Resonanzen durch die orangen Linien gekennzeichnet.

Abbildung bestdtigt die Vermutung, dass die Doppelmaxima wieder durch die
Verkippung der Resonanzen erzeugt werden. Bei genauer Messung erkennt man, wie
Teilchen mit dem Intialwerten von p = —0,27; 0; 0, eine signifikante Streuung im
Pitchwinkel erfahren. An eben diesen ¢ Positionen werden durch GI. die Resonanzen
n = —1; 0; 1 bestimmt. Dabei wird die n = —1 Wechselwirkung durch die links—zirkular
polarisierten und die n = 1 durch die rechts—zirkular polarisierten Anteile des k' = 24
Peaks verursacht. Die n = 0 Mode, die schon in der homogenen Hintergrundturbulenz
beobachtet wurde, ist wieder mit der Cherenkov-Resonanz der Pseudo—Alfvénmode zu
assoziieren. Hohere Ordnungen |n| > 1 werden nicht erzeugt, da der Peak rein parallel

getrieben wird.
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Abbildung 5.44.: Der zu Abbildung gehorige Streuplot. Verschiedene resonante
Strukturen lassen sich im Zerfallsbereich des k' = 24 Peaks erkennen. Dabei ist der
Struktur erheblich deutlicher wahrzunehmen als im D, Verlauf.

Die Situation dndert sich wesentlich im Zerfallsbereich des Peaks. So wird der Ver-
lauf von D, deutlich komplexer, wie man in Abbildung [5.43] erkennen kann. Ohne
den zugehorigen Streuplot ist eine Interpretation nur schwer moglich. Mehrer Maxima
sind zu erkennen, die zum Teil nur schwer voneinander getrennt wahrgenommen werden
kénnen. Auch hier hat sich ein stabiler Streuzustand nach etwa fiinf bis zehn Gyrationen

eingestellt.

Erneut enthiillt der Streuplot in Abbildung die zugrundeliegende Struktur der
Resonanzen. Durch den Transport der Energie des urspriinglichen Peaks zu anderen
Wellenzahlen (vgl. Kapitel , Abbildung , vor allem in senkrechter Richtung,
sind nun Welle-Teilchen—Interaktionen hoherer Ordnung mdoglich. Neben den zuvor be-
obachteten Resonanzen bei ur = —0,27; 0; 0,29 tritt eine signifikante Streuung bei
p1r = 0,58 auf, die von den n = 2 Wechselwirkungen mit der rechts—zirkular polarisier-
ten Scheralfvénwelle verursacht wird. Die Resonanz mit den links—zirkular polarisierten

Moden sind bei ur = —0, 56 zu sehen, jedoch weniger stark ausgebildet.
Die Ergebnisse der Simulationen des k' = 8 Peaks fiir den Treibbereich sind in Ab-
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Abbildung 5.45.: Zeitentwicklung des Pitchwinkelkoeffizienten D... Gezeigt ist die
Teilchensimulation im Treibzustand der k' = 8 Mode. Es haben sich klare |n| =1 Reso-
nanzen entwickelt.

bildung dargestellt. Auch in diesem Fall haben sich nach zehn Gyrationen zwei
klare Resonanzen an den vorhergesagten p-Positionen bei urp ~ £0,9 herausgebildet.
Da das Treiben dieser Mode etwas weniger Energieinjektion pro Sekunde benutzt ist die
Verkippung im zugehorigen Streuplot nicht so stark, wie bei den &’ = 24 Peak Simula-
tionen. Deshalb spalten sich die Maxima von D, nicht auf. Die Cherenkov—Resonanz

ist erwartungsgeméfl deutlich ausgebildet.

Fiir den Zerfallsbereich der &' = 8 Mode wird in Abbildung lediglich der Streu-
plot préasentiert, da in diesem Fall der Verlauf von D,, keine Struktur aufweist. Der
Grund dafiir lasst sich gut anhand von Abbildung erkennen. So sind die Interak-
tionen mit den Teilchen so stark, dass sich die Resonanzen erheblich verkippen und sich
in der Projektion auf die z1o-Achse iiberschneiden. Dies fithrt zu flieBenden Ubergéingen

im Verlauf des Streukoeffizienten und macht ihn somit fiir weitere Auswertungen un-
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Abbildung 5.46.: Streuplot fiir die Simulationen nach 10 Gyrationen im Zerfallsbereich
des k' = 8 Peaks. Die starke Streuung fihrt zu deutlichen Abweichungen von der QLT.
Im Speziellen sind die Resonanzen soweit verkippt, dass Uberlappungen im Deaq- Verlauf
eine Interpretation erschweren.

brauchbar. Die starke Streuung ist auf die Entwicklung des Peaks zuriick zu fiihren,
dessen Energie sich auf breite Wellenzahlbereiche ausgedehnt hat. In dem Streuplot las-
sen sich sogar die Geraden der maximal méglichen p Anderung erkennen, da zahlreiche

Testteilchen massiv gestreut werden.

Die Simulationen im feineren Gitter des SV Parametersatzes zeigen das gleiche Pro-
blem. Im direkten Vergleich zwischen den Abbildungen [5.46] und [5.47] ist eine stirkere

Verkippung zu beobachten. Des Weiteren sind die Geraden mit maximalem Ay noch

deutlicher und iiber einen weiteren Bereich zu erkennen.

Der k' = 24 Peak in SV konnte ebenfalls hohere Harmonische erzeugen, da sich die
Antialiasingkante von k' = 42 auf k&’ = 85 verschoben hat und demnach weniger Moden
durch das Zero—padding geloscht werden. Dadurch sind in Abbildung zwar die
Resonanzen wie in Abbildung5.44]zu erahnen, aber bei weitem nicht mehr so ausgeprégt.
Der Bereich der Interaktionen mit den rechts—zirkular polarisierten Moden ist deutlich

diffuser und von stochastischer Streuung dominiert.
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Abbildung 5.47.: Streuplot fiir die Teilchensimulationen in Parametersatz SV mit dem
k' =8 Peak im Zerfallszustand nach 25 Gyrationen. Die grofiere Anzahl aktiver Moden
verstdrkt die Streuung, die Verkippung gegeniiber Abbildung hat zugenommen. An-
sonsten ist die grundlegende Struktur der Resonanzen dhnlich.

Die Simulationen mit stdrkerem Hintergrundmagnetfeld mit den Parametern SIII
zeigen erwartungsgeméaf erheblich ausgeprigte und wenig verkippte Resonanzen. In Ab-
bildung [5.49] ist der Streuplot nach 50 Gyrationsperioden im Zerfallsbereich des Peaks
dargestellt. Beide |n| = 1 Interaktionen sind zu sehen, sowie die Cherenkov-Resonanz.
Weiterhin ist bei 1 = 0,53 eine leichte Erhéhung des Streuprofils zu beobachten, die
durch Wechselwirkung der Teilchen mit der stark ausgeprigten &’ = 16 Harmonischen
(vgl. Abbildung erzeugt wurde. Da die n = 0 Resonanz nicht innerhalb der Hin-
tergrundturbulenz auftritt und in Abbildung nicht zu sehen ist, miissen die ent-
sprechenden Pseudo-Moden wéahrend der Peakevolution entstehen. Dies wird auch von
Abbildung [5.50 belegt, die den Streuplot fiir den &' = 24 Peak nach 30 Gyrationen zeigt.
In diesem Fall lassen sich Resonanzen nur bei pug = 0,37 und 0,70 erkennen, was den
n = 1 und 2 Wechselwirkungen mit der rechts-zirkular polarisierten Mode des Peaks ent-
spricht. Die Cherenkov—Resonanz, sowie Interaktionen mit links—zirkularen polarisierten
Anteilen, fehlen vollig. Da zumindest die links—zirkularen Moden im Treibbereich mit in-

itialisiert und auch deren resonante Wechselwirkungen mit Teilchen beobachtet wurden,
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Abbildung 5.48.: Streuplot fiir die Teilchensimulationen in Parametersatz SV mit dem
k' = 24 Peak im Zerfallszustand nach 25 Gyrationen. Durch den vergrofierten Bereich
der aktiven Moden haben sich héhere Harmonische bei k' = 48 und 72 entwickelt und tra-
gen zur Streuung bei. Die resonanten Strukturen lassen sich dadurch schwerer erkennen,
dhneln aber denen, des 256% Gitters.

ist davon auszugehen, dass diese Wellen komplett zerfallen sind.

5.3.3. Vergleich der Testteilchensimulation mit dem SQLT Ansatz

Abschlieflend wird ein halbanalytischer Ansatz iiber die Ndherung der magnetostatischen

QLT gewéhlt, der in Arbeiten zum Teilchentransport eine wichtige Rolle spielt. Die

grundlegende analytische Beschreibung folgt [Schlickeiser| (2002)) und wurde im Rahmen

einer Kooperation mit Timo Laitinen und Markus Battarbee in numerischer Berechnung
umgesetzt. Dabei werden beide inkompressiblen MHD-Wellentypen einzeln betrachtet

und deren Pitchwinkel-Diffusionskoeffizienten separat berechnet. Es ergibt sich fiir die
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Abbildung 5.49.: Streuplot fir die Teilchensimulationen in Parametersatz SIII mit dem
k' = 8 Peak im Zerfallszustand nach 50 Gyrationen. Wie erwartet fiihrt das geringere
6B/ By Verhiltnis zu einer besseren Ubereinstimmung mit der QLT. Es bilden sich wenig
verkippte und scharfe Resonanzen aus. Die leichte Erhéhung der Streuung bei p =~ 0,5
wird moglicherweise durch die k' = 16 Harmonische verursacht.

Pseudo—Mode

292 1 —
Du,u,PN Z/ d3/{:7r(5 k:||v||+n§2)
n#0
[T (v1k 1 /) Pry p(Kk) (5.37)

und fiir die Scher—Mode

292 1 -
Dypn = Z / d*k o (ko) — w +nQ) x
an (UJ_I@_/Q)
Praa(k .
[ ] (5.39)

wobei sich eine ausfiihrlichere Herleitung in Anhang [F] befindet. Weiterhin wird eine
Diskretisierung in Anhang [G] prisentiert, mit der obige Gleichungen numerisch geldst

werden.
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Abbildung 5.50.: Streuplot fiir die Teilchensimulationen in Parametersatz SIIT mit dem
k' = 24 Peak im Zerfallszustand nach 30 Gyrationen. Die n = 1 und 2 Resonanzen sind
erkennbar. Die Cherenkov-Resonanz, sowie Wechselwirkungungen mait links—zirkularen
Anteilen des Peaks fehlen vollig. Wobei die n = —1 Resonanz wihrend des Treibzustands
beobachtet wurde.

Mit diesem Ansatz lassen sich unabhéngig von Testteilchensimulationen die Streuko-
effizienten bestimmen. Der Vorteil gegeniiber direkter Teilchensimulation liegt in dem
statischen Ansatz, der das Problem zeitunabhéngig macht, sofern die Wellenfrequenz
w vernachléssigbar gegeniiber der Gyrationsfrequenz () ist. Weiterhin ist die Losung
der Gl.en und von erheblich kleinerem Rechenaufwand. Der Nachteil liegt in
den starken Néherungen, die mit dem QLT-Formalismus einher gehen. Die berechneten
Diffusionskoeffizienten sind somit nur in sehr eingeschréinkten Bereichen aussagekriftig.

Streng genommen gilt dieser Ansatz nur fiir Félle unendlich kleiner Wellenamplituden.

Als Eingabequantitdt wird das Spektrum P,, aus den Simulationen von GISMO—
MHD benutzt, dass den Entwicklungszustéinden entspricht, welche auch bei den Test-
teilchensimulationen verwendet wurden. Somit sind die Spektren der Parametersétze SI
und SIII fiir Hintergrundturbulenz und Peak-Moden Simulationen, jeweils im Treib- und
Zerfallsbereich, sowie die Peak—-Moden Simulationen im Zerfallszustand fiir Satz SV, der

Ausgangspunkt fiir die Berechnungen der Pitchwinkel-Diffusionskoeffizienten.
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Abbildung 5.51.: Ergebnisse des SQLT Ansatzes fiir Parametersatz SI mit k' = 24 Peak
im Zerfallszustand. Der Diffusionskoeffizient wurde fir beide Alfvénwellenmoden und
einer slab—Approximation separat berechnet. Die Resonanzen sind sehr gut zu beobachten.
Die Niherung dber die slab Projektion zeigt qute Ubereinstimmung mit den tatsichlichen
Do, kann aber erwartungsgemdf die Resonanz bei ur = 0,58 nicht reproduzieren.

Eine exemplarische Berechnung ist in Abbildung dargestellt. Das verwendete
Eingabespektrum war die angeregte k£’ = 24 Mode im Zerfallsbereich unter Verwendung
von Satz SI. Der Streukoeffizient zeigt Resonanzen mit Pseudo— und Scher—Alfvénwellen
bei n = 1 und n = 2, wie sie durch Gl.[5.34 bestimmt werden. Beide Wellenspezies erzeu-
gen dhnliche Streukoeffizienten, vor allem in bei den resonanten Maxima. Nur bei Werten
zwischen den Resonanzen (u = [0, 35;0,54]) ist die Streurate der Pseudo—Alfvénwellen
erhoht, ansonsten dominiert der Streuvorgang an den Schermoden. Eine vereinfachte
Abschétzung iiber die Naherung eines Slabspektrums reproduziert die tatséchlichen D,
recht gut, bis auf die n = 2 Resonanz, die nicht von Slabmoden generiert werden kann.
Der starke Abfall der Streurate bei kleinem p wird durch die sogenannte Resonanzliicke

verursacht, da Wellenmoden unterhalb der Resonanz-Funktionen in den Gleichungen
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.37 und nicht mehr zur Berechnung beitragen. Dieses methodische Problem wurde
bereits in den Kapiteln [3.3.2] und [3.3.3| als grundlegende Schwachstelle der QLT nahe

1~ 0 identifiziert.
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Abbildung 5.52.: Direkter Vergleich der D,.—Koeffizienten des SQLT Ansatzes und der
Testteilchensimulationen. Die Abbildung zeigt die verschiedenen Entwicklungszustande
des k' = 8 Peaks im Parametersatz SI. Dabei sind die SQLT Ergebnisse fiir Pseudo—
und Scher-Alfvénwellen addiert. Gute Ubereinstimmung liegt bei p > 0,6 fir die rei-
ne Hintergrundturbulenz und den Treibzustand vor. Im Zerfallsbereich ist das D, der
Testteilchensimulation zu unstrukturiert.

Im Gegensatz zu den Streukoeffizienten, die aus den Testteilchensimulationen ge-
wonnen werden konnten, ist die direkte Berechnung von D,, im Rahmen der QLT von
erheblich klarerer Struktur. Da weder eine Verbreiterung durch die endliche Zeitentwick-
lung, noch eine Verkippung der Resonanzen stattfindet, wie sie in den Streuplots gezeigt
wurde, befinden sich die Maxima an den erwarteten Positionen. Um einen direkten Ver-
gleich herzustellen, werden in den folgenden Abbildungen jeweils die Ergebnisse beider

Methoden der Ermittelung von D, in einer Grafik gezeigt.
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Abbildung 5.53.: Vergleich zwischen den D, der SQLT und der Testteilchen im Pa-
rametersatz SI mit angeregter k' = 24 Mode. Die Hintergrundturbulenz ist gleich der,
die in Abbildung[5.59 gezeigt wurde, nur bei t =20 Gyrationen.

Die Simulationen mit den Parametern SI zeigen eine gute Vergleichbarkeit fiir © > 0,6
fiir die Hintergrundturbulenz und den Treibbereich des k&’ = 8 Peaks, wie man in Abbil-
dung erkennen kann. Die Abweichungen werden fiir kleinere p gréfer. Zum einen
liegt dies an der Resonanzliicke, die im Rahmen der SQLT nicht beschrieben wird, jedoch
real existiert. Zum anderen an der Cherenkov—Resonanz die in der Resonanzliicke liegt
und zusétzlich durch die Verkippung den Verlauf des D,,—Koeffizienten der Teilchen
verandert. Da wiahrend des Treibens der &/ = 8 Mode die Teilchensimulationen die QLT
Annahmen sehr gut erfiillt haben (vgl. Abbildung , ist die Ubereinstimmung mit
der SQLT sehr gut. Die quantitative Abweichung in der Streufrequenz wird dabei von
der zeitlichen Energieinjektion verursacht, die von der zeitunabhéngigem Losung der
SQLT nicht reproduziert werden kann. Wie schon im vorangegangen Kapitel diskutiert,

ist die Situation fiir den Zerfallsbereich komplexer. Vor allem die Abweichungen zur
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QLT, die zur Verkippung der Resonanzen fithren, &ndern den Verlauf der Teilchen—D,,
mafgeblich. Dadurch lédsst sich keine Vergleichbarkeit zwischen SQLT und Testteilchen-

simulation in diesem Fall herstellen.

1r y
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Abbildung 5.54.: Vergleich zwischen den D, der SQLT und der Testteilchen im Pa-
rametersatz SV mit angeregter k' = 8 Mode.

Der Vergleich fiir die k' = 24 Mode fallt entsprechend schlechter aus, da hier die Ver-
kippung in Treib— und Zerfallszustand &dhnlich stark ist und zusétzlich im Zerfallsbereich
die Resonanzstruktur komplexer wird, da hohere Ordnungen angeregt werden. Dadurch
wird der Verlauf des D, der Testteilchen schwer interpretierbar. Ohne den zugehérigen
Streuplot in Abbildung ist es somit nicht moglich den Verlauf mit der SQLT zu

vergleichen.

Das gleiche Problem besteht bei den Ergebnissen mit Parametersatz SV. Wie bereits
diskutiert fithrt die gréflere Anzahl der aktiven Moden zu mehr Streupotentialen. Da-
durch wurde in den Streuplots eine starke Verkippung beobachtet, die wiederum zu sehr

strukturlosen D, fiihrte. Somit sind die Abweichungen zwischen SQLT und Testteil-
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Abbildung 5.55.: Vergleich zwischen den D, der SQLT und der Testteilchen im Pa-
rametersatz SV mit angeregter k' = 24 Mode. Durch die héhere Anzahl aktiver Moden
wird die Streustruktur komplezxer (vgl. Abbildung . FEin Vergleich zum SQLT Ansatz

wird somit erschwert.

chensimulation in den Abbildungen und erheblich.
Abschlielend bleibt der Vergleich innerhalb des Parametersatzes SIII. Da die quasi-

linearen Néherungen mit dem kleineren 6 B/ B, Verhiltnis besser erfiillt werden, sollte
auch die Ubereinstimmung zur SQLT zunehmen. Die Ergebnisse in den Abbildungen
und kénnen dies nicht sehr gut bestétigen. Zwar ist das D,, der Testteilchen
klar strukturiert und man erkennt deutlich die Resonanzen, aber die Verlaufe der SQLT—
Kurven weichen stark ab. Vor allem liegt das an der vergréflerten Resonanzliicke, da mit
der schwécheren Turbulenz mehr Moden die Resonanzbedingung nicht mehr erfiillen.
Nur wenn die Amplitude der Mode hinreichend grof ist, lasst sich das D, noch berech-
nen. Deutlich wird dies bei der Bertrachtung der Berechnung fiir die &’ = 24 Mode in
Abbildung Da der Peak signifikant mehr Energie hat als die benachbarten Moden,
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Abbildung 5.56.: Vergleich zwischen den D, der SQLT und der Testteilchen im Pa-
rametersatz SIII mit angeregter k' = 8 Mode. Da die Bedingungen durch das kleinere
0B/ By Verhdltnis besser erfillt werden, ist das D, der Testteilchen strukturierter. Die
grofiere Resonanzliicke verschlechtert den Vergleich zur SQLT.

hebt sich die Resonanz um mehrere Gréflenordnungen vom Untergrund ab und erreicht
quantitativ eine dhnliche Streufrequenz, wie in den Testteilchensimulationen. Dennoch
ist die Position der Resonanz leicht verschoben, was an der magnetostatischen Naherung
liegt. Da w < 2 in Parametersatz SIII nicht mehr erfiillt ist, weicht die magnetostati-
sche Néherung geringfiigig ab. Uberpriift man die Position der Resonanz mit Gleichung
[5.34] erhédlt man ohne Beriicksichtigung von w ein ug = 0, 33. Dies entspricht genau der
Abweichung in Abbildung zur tatséchlichen Resonanz bei ur = 0,37. Die Test-
teilchensimulationen zeigen weiterhin mehrere kleine Maxima zwischen den resonanten
Sturkturen, die man nicht in der SQLT wieder finden kann. Der Grund hierfiir sind
die ballistischen Streuungen, die zeitabhingig sind und somit auch nicht von der SQLT

dargestellt werden koénnen.
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Abbildung 5.57.: Vergleich zwischen den D, der SQLT und der Testteilchen im Pa-
rametersatz SIII mit angeregter k' = 24 Mode. Die Resonanzen stimmen gut tberein.
Die leichte Verschiebung des SQLT Streukoeffizienten wird von der magnetostatischen
Ndiherung verursacht.

5.3.4. Diskussion

Fiir den Fall, dass das zugrundeliegende Spektrum ein homogenenes Breitbandspek-
trum ist, zeigen die Ergebnisse gute Ubereinstimmungen zwischen den Pitchwinkel-
Diffusionskoeffizienten, die aus Testteilchensimulationen gewonnen werden und den halb-
analytischen Berechnungen im Rahmen der magnetostatischen quasilinearen Theorie.
Mit kleiner werdendem |u| wird die Abweichung beider Modelle groBer, was an dem
Fehlen der Cherenkov Resonanz liegt, die von der SQLT Resonanzliicke verdeckt wird.
In der Testteilchensimulation ist die n = 0 Wechselwirkung hingegen stark ausgebildet

und beinflusst D, fiir |u| < 0,6 mafBigeblich.
Weiterhin verursacht die Verletzung der QLT-N&aherungen durch die Bedingungen in

den Testteilchensimulationen methodische Schwierigkeiten, die immer zu Abweichungen
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von der analytischen Betrachtungen fithren. Hervorstechend sind dabei zwei Probleme:

I Die QLT geht von Zustdnden mit unendlich langen Entwicklungszeiten aus, in
denen Teilchen nicht mehr von ballistischen Streuungen beeinflusst werden, son-
dern nur resonante Wechselwirkungen zu 6—férmigen Anderungen der Pitchwin-
kel fithren konnen. Demnach sind bei kurzen Entwicklungszeiten die Resonanzen
stark verbreitert. Verldngert man allerdings die Simulationszeit, summieren sich
auch die Abweichungen gegeniiber der QLT, was auf langen Zeitskalen zu stochas-
tischen Streuungen fithrt. Sehr gut kann dieser Effekt im Welle-Teilchen Testfall
nachvollzogen werden. Folglich ist es sinnvoll, einen Zeitpunkt zu bestimmen, bei
dem die Resonanzen sich nahezu stabilisiert haben und bereits deutlich gegeniiber

ballistischer Streuung hervorstechen.

IT Mit zunehmendem 0 B/ By Verhéltnis verkippen sich die Resonanzen, was bei star-
ker Streuung zum Uberlappen von (Ap)? fithrt und somit im Verlauf von D, eine
Unterscheidung zwischen eng beieinanderliegenden Wechselwirkungen unméglich

macht oder zu Fehlinterpretationen fitheren kann (vgl. Doppelmaxima in Abbil-

dung [5.41)).

Ist die Turbulenz nicht homogen im Fourierraum, sondern durch angeregte Wellenmo-
den verandert, verstéirken sich die eben diskutierten Probleme. Aufgrund der komplexen
Resonanzstrukturen, vor allem im Zerfallsbereich der Peaks, haben sich die D,, Ko-
effizienten fiir die Testteilchensimulationen als unbrauchbar erwiesen. Nur durch das
Erstellen der hier vorgestellten Streuplots, bei denen fiir jedes individuelle Teilchen die
Gesamténderung in p dargestellt wird, ist eine eindeutige Interpretation der resonanten

Sturkturen moglich.

Weiterhin konnte verifiziert werden, dass mit abnehmendem §B/B, Verhiltnis die
Néherung durch die SQLT mit den Ergebnissen der Teilchensimulationen iibereinstimmmt.
In diesen Féillen wurden aufrechte und schmale Resonanzen erzeugt, die wiederum eine
klare Struktur in D, erzeugt haben. Der quantitative Vergleich wird allerdings durch die
Resonanzliicke der QLT stark verfalscht, da bei schwécherer Turbulenz mehrere Moden

nicht mehr geniigend Energie haben, um die Wechselwirkungsbedingung zu erfiillen.

Die Teilchensimulationen haben sich als ein wichtiges Werkzeug herausgestellt, um
Streuvorginge zu verstehen. Zwar liefert der Ansatz durch die SQLT fiir schwache Tur-
bulenz gute Naherungen, weicht aber stark von den tatsédchlichen Resonanzstrukturen

bei der Beriicksichtigung verstéarkter Wellenmoden ab. Vor allem die Verkippung erweist
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sich als ein erhebliches Problem in der quasilinearen Beschreibung. Damit Streuprozesse,
wie sie mit SEP—-Ereignissen assoziiert werden, modelliert werden kénnen, miissen rea-
listischere Annahmen getroffen werden. Ein reiner QLT—Ansatz ist in diesen Féllen nicht
mehr moglich. Die direkte Simulation von Teilchenstreuungen bietet hingegen einen sehr

guten Zugang.
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6. Zusammenfassung

Die Bereiche der Plasmaturbulenz und des Teilchentransports stehen im unmittelba-
ren Zusammenhang mit SEP-Ereignissen. In dieser Dissertation wurden beide Themen
miteinander in Verbindung gebracht, um erste Schritte zum Verstédndnis der Dynamik
hochenergetischer solarer Teilchen zu machen. Dafiir wurde ein Modell benutzt, dass Tur-
bulenz und Teilchentransport auf elementarer Ebene beschreibt. Die Umsetzung erfolgte
durch die Entwicklung des eigenstdndigen Hybrid—Codes GISMO, mit dem magnetohy-
drodynamische Turbulenz und kinetische Teilchendynamik selbstkonsistent numerisch

beschrieben werden kann.

Zur Untersuchung der MHD—-Turbulenz nahe der Sonne, bei etwa drei solaren Radi-
en, wurden Simulationen mit verschiedenen Parametersidtzen durchgefiihrt. Neben der
homogenen Hintergrundturbulenz lag ein spezielles Augenmerk auf dem Entwicklungs-
verhalten angeregter Wellenmoden. Diese sind besonders interessant, da in sonnennéhe
starke eruptive Ereignisse wie Flares und koronale Masseauswiirfe energiereiche Teil-
chenstromungen verursachen, die im heliosphérischen Plasma zu Instabilitédten fiithren.
Dadurch werden wiederum Plasmamoden, wie Alfvénwellen, in einem bestimmten Wel-
lenzahlintervall erzeugt. Die Simulationen solcher Szenarien durch GIsSM0O haben gezeigt,
dass angeregte Wellenmoden die gesamte Evolution der Turbulenz mafigeblich bestim-
men. Ist die Entwicklung in der homogenenen Hintergrundturbulenz oder bei schwach
angeregten Moden hauptséchlich durch das Goldreich-Sridhar Modell der Ubergangstur-
bulenz bestimmt, erfolgt die Energiekaskadierung ausschliellich in senkrechter Richtung
zum Hintergrundmagnetfeld. Die Ausbreitung der Energie in paralleler Richtung ist da-
gegen ein sehr langsamer Prozess, der Konvektion oder Wellenzahldiffusion zugeordnet
werden konnte. Mit zunehmender Amplitude der angeregten Wellenmoden geht das Sys-
tem in den Bereich der starken Turbulenz {iber. In dem zugehorigen Goldreich—Sridhar
Modell ist der Schliisselparameter hierfiir die kritische Balance, die mit dem Wert ( ~ 1

erreicht wird. In den Simulationen nahe des Ubergangs in das stark turbulente Regime
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konnte dieser Wert in verschiedenen Wellenzahlbereichen gemessen werden. Weiterhin
trat in diesen Féllen die Erzeugung komplexer Alfvénwellenstrukturen auf. Dabei hat
sich die zweidimensionale Darstellung der spektralen Energie als ein wichtiges Werkzeug
herausgestellt, mit dessen Hilfe eine iibersichtliche Visualisierung des Fourierraumes ge-
lungen ist. Als ein weiterer Effekt im Zusammenhang mit stark angeregten Moden, konn-
te das Wave—steepening beobachtet werden. Dies ist insofern ein wichtiger Prozess fiir die
Gesamtentwicklung der Turbulenz, da durch das Erzeugen hoherer Harmonischer Ener-
gie effizient in paralleler Richtung transferiert wird, was nicht vom Goldreich—Sridhar
Modell erklart wird. Im Kontext der heliosphérischen Turbulenz kénnen somit hohe
parallele Wellenmoden verstanden werden, da die Sonne - abhéngig von ihrer Aktivitat
- regelméfig durch starke solare Ereignisse, Wellenmoden anregt, die wiederum in der

Lage sind hohere Harmonische zu generieren.

Die MHD—-Simulationen dieser verschiedenen Szenarien bildeten dariiber hinaus den
Ausgangspunkt fiir Testteilchensimulationen. Dabei stand die Untersuchung der Pitchwin-
kelstreuung und deren Zusammenhang mit der quasilinearen Theorie im Mittelpunkt.
Erstmals wurde unter gleichen Bedingung der Ansatz der magnetostatischen QLT mit
den Ergebnissen der simulierten Teilchenstreuung verglichen. Dieser Teil der vorliegen-
den Arbeit hat erheblichen Einfluss auf aktuelle analytische Teilchentransportmodelle.
Wie sich herausstellte, ist die Struktur resonanter Wechselwirkungen zwischen Welle und
Teilchen gerade bei Streuung an angeregten Wellenmoden so komplex, dass eine Inter-
pretation der héufig verwendeten Pitchwinkel-Diffusionskoeffizienten D, ohne tieferes
Verstandnis nicht moglich ist. Schon bei leichten Abweichungen von den quasilinea-
ren Nédherungen verdndert sich die Geometrie der Resonanzen so, dass der funktionale
Verlauf von D, verfilscht wird. Als ein wichtiges Hilfsmittel zur Interpretation der
tatséichlichen Streuvorgénge haben sich die Streuplots erwiesen, durch die individuelle

Teilchenstreuungen dargestellt werden.

Der analytische Ansatz durch die SQLT zeigte eine gute Ndherung der resonanten
Wechselwirkungen besonders bei schwach turbulenten Moden. Starke Abweichungen tra-
ten zum einen bei kleinen Pitchwinkeln auf, was auf die Resonanzliicken in der quasili-
nearen Beschreibung zuriick zu fithren ist und zum anderen bei héheren Verhéltnissen
von 0B/ By, bei denen Annahmen der QLT schlechter zutreffen.
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AUSBLICK UND ZUKUNFTIGE PROJEKTE

Mit den vielfdaltigen Moglichkeiten die der Hybrid-Code GisMO bietet, bleiben fiir
zukiinftige Untersuchungen von Turbulenz und Teilchentransport noch zahlreiche Sze-
narien. Aufbauend auf dieser Arbeit sind im Speziellen genauere Simulationen der Tur-
bulenz in kritischer Balance von Interesse. Dabei sind hohere Gitterauflosungen nur ein
moglicher Ansatzpunkt. Weiterhin werden derzeit mit GISMO neue Verfahren entwickelt,
um exaktere Berechnungen der Pitchwinkel-Diffusionskoeffizienten zu erreichen. So wur-
de bereits die Messung von Diffusionsstromen implementiert, die es ermoglicht, iiber den

Ansatz der Diffusionsgleichung

af o _ of

ot o M@—M:O,

sofern sich ein Strom j, einstellt, den Diffusionskoeffizienten durch

zu bestimmen. Ein deutlicher Vorteil dieser Methode liegt in der breiteren Anwend-
barkeit, da keine Ndherungen im Rahmen der quasilinearen Theorie mehr nétig sind.
Dadurch kénnen auch fiir den Fall starker Turbulenz oder bei stark angeregten Wellen-

moden Pitchwinkel-Diffusionskoeffizienten berechnet werden.

In zukiinftigen Arbeiten wird ein zentraler Punkt der verstdarkte Abgleich der Teil-
chentransportmodellierung mit Beobachtungsdaten sein. Das im vergangenen Jahr in-
itierte EU-Projekt SEP-Server bietet dafiir einen sehr guten Datenzugang. Angeleitet
von der Univeritdt Helsinki, werden Messungen hochenergetischer solarer Teilchener-
eignisse von elf verschiedenen européischen Instituten aufbereitet und zur Verfiigung
gestellt. Dabei soll vor allem eine Plattform geschaffen werden, um Messdaten von Sa-
tellitenexperimenten leicht zugénglich zu machen. Im Rahmen dieses Projektes ist auch
eine Implementation von Simulationen und numerischen Verfahren vorgesehen, bei denen
GISMO einen wichtigen Beitrag liefern kann, da mit vergleichsweise wenigen Néaherun-
gen der Teilchentransport in einem turbulenten Hintergrundfeld realistisch auf grofien
Skalen simuliert werden kann. Andere Ansétze bedienen sich hierfiir erheblicher Verein-
fachungen (z.B. halbanalytische QLT Modelle) oder kénnen aufgrund der numerischen

Komplexitat nur Fragmente der grofiskaligen rdumlichen Ausdehnungen abdecken (z.B.
PiC—Ansatz).
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Dariiber hinaus stellen Simulationen innerhalb der Heliosphéire nur eine Facette der
Moglichkeiten dar. Die MHD-Turbulenz und der Teilchentransport sind auf eine Vielzahl
astrophysikalischer Phéanomene anwendbar. Daher steht ein weitreichender Parameter-
raum in GISMO zur Erforschung bereit. Diese Dissertation kann somit Ausgangspunkt

fiir viele weitere Arbeiten und Projekte sein.
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A. Elsasservariablendarstellung der MHD-Gleichungen

HERLEITUNG DER ELSASSER-GLEICHUNGEN IM REALRAUM

Ausgehend von den MHD-Gleichungen

ou

i b-Vb—u-Vu— VP + v,V Impuls (A.1)
% =b-Vu—u-Vb+1,V"b Induktion (A.2)
V-u=0 Inkompressibilitét (A.3)
V-b=0 Quellenfreiheit b (A.4)

wird die Definition der Eldsservariablen

w =u+b—uve, (A.5)

wT =u—b+uve, (A.6)
- -

w2 A7)
- _wt

LW w2+2vAez (A.8)

angewandt. Dabei sei darauf hingewiesen, dass die w*-Felder lediglich aus den fluktuie-
renden Anteilen, im Vorangegangenen als dw?® notiert, bestehen. Das Hintergrundma-

gnetfeld ist in dieser Darstellung durch den Term v,e| entkoppelt:

b55b+Bg = ob + vae|
w1+ w
b= wT_HU + vae| (AQ)

Der Ubersichtlichkeit halber soll im Folgenden die Resistivitét ignoriert werden, also
v = 0, da eine Beriicksichtigung dieses Terms trivial nachvollziehbar ist. Durch das
Einsetzen der Definitionen [A.7] und in die oben stehenden MHD-Gleichungen erhalt
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man:

Ow +wr w —w'"+2e, _w —w"t w +wt _w +w"

a2 2 [

— VP (A.10)
ow —wt w —w'+2vye, _w +wt w +wt _w —w"
—_ pr— . — * A..l]_
ot 2 2 Vv 2 2 v 2 ( )

wobei Ve = %e” = 0 bertiicksichtigt wurde. Man erhilt schliellich die Gleichungen

0w~ + 1

E% =3 [w™ - Vwt +w" - Vw™ + o4V, (—w +w")] - VP (A.12)

0w —w" 1

a% = 5 [w_ : Vw+ - w+ -Vw™ + Usz<w_ + w+):| (A13)
nachdem alle Terme ausmultipliziert und vereinfacht wurden. Lést man vermittels Ad-

ditionsverfahren dieses Gleichungssystem ergeben sich die finalen Realraumgleichungen

(0 +vaV)w" = —w™ - Vw' — VP + 1, V¥w* (A.14)
(0, — AV )w™ = —w'-Vw™ — VP + 1,V w™ (A.15)
Vw* =0, (A.16)

wobei der Resistivitdtsterm wieder hinzugefiigt wurde. Entsprechend liest sich die Schlie-

Bungsbedingung iiber den Druckterm wie folgt:

/ Vwt @ Vw~

d3z A7
Arr|® — x| v ( )
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HERLEITUNG DER ELSASSER-GLEICHUNGEN IM FOURIERRAUM

Analog zur vorangegangenen Herleitung wird nun die Elsédsservariablendefinition auf

die Fourierraumdarstellung der MHD—-Gleichungen angewendet. Ausgehend von

% = ik, <5a5 - szﬁ) <uﬁu7 bsb, ) — vk, (A.18)
% — ik (b — byia) — VA%, (A.19)
kofiq =0 (A.20)
kobo = 0, (A.21)

wobei erneut Resistivitdt und auch der vs4— Term ignoriert wurden, werden wieder die

Definitionen der Elsésservariablen eingesetzt. Zunéchst fiir den Term

= 1

<u/3umY - bgb7> =3 (wﬁw + wg w*) (A.22)
o N 1 —_—

(uﬁba - bﬂua> =3 ( Wy — wéwf{) , (A.23)

und schlieB3lich fiir die restlichen Terme

kok -
o (wh +wy) = —ik, <5a5 — kzﬁ) . (wgw + wg wi) (A.24)
O (—wf + w,) = —ikg (wﬂ o wgwg) . (A.25)

Nun wird abermals das Additionsverfahren angewandt, was folgendes Gleichungssystem

ergibt:
20,0, = —ik, (505 — kzg%) : <w§w + wﬁ_wi) (A.26)
ik (Jﬁfa - wﬁ—wg> (A.27)
20,0 = —ik, (@w R sz‘*) . (w;w,; + ufﬁ\w}) (A.28)
T iks <Jg\w/g - wﬁw;t> (A.29)
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Im néchsten Schritt wird das Kronecker-Delta ausgefiihrt

—iky00p <w;w; + wgwj) = —ik, <wg:w; + w;wj)

= —ikg (wj;wﬁ_ + waw§> : (A.30)

was in Zusammenhang mit Gl.

. Kkokgky (o T
2000, =1 k:g J (w;w; + wy w¢>
+ikg (—w?{w; + w;wg) —ikg (w;[wg + w;w;) (A.31)

ergibt. Analoges Vorgehen mit d,w} und anschlieBendes Vereinfachen fiihrt zu den Ent-

wicklungsgleichungen von w*:
s kokgk, (T —
O, = %% (wng + wﬂw,j> — ikgwyw} (A.32)
| kokghky, ([~
ouiy = 5= (w;w; + wﬁw7+> — ikgwiwy (A.33)

Unter Beriicksichtigung des Hintergrundmagnetfeldes und des Diffusionsterms erhéalt

man schlieflich die finale Form des Gleichungssystems, wie sie von GISMO simuliert

wird:
1 kakgk - , Voo
(Op — vak.) W, = 5 k‘g 1 (wgw; + wy wj) —ikgwgwy — §k2hwa (A.34)
~+ i kakBkV /;\/— — o+ . 4= V. on ~+
(O + vak.) W, = 5 12 wywy +wywt | —ikgwiwg — §k w, (A.35)
kovE =0 (A.36)

B. Approximationsverfahren des Larmor—Radius

Zur Bestimmung der Zeitdiskretisierung der Teilchensimulationen, wird die Gyrations-
bewegungsbahn eines Teilchens vorab jeder Simulation getestet. Der gemessene Larmo-
radius wird mit dem analytischen Wert verglichen (im Rahmen der numerischen Ge-

nauigkeit) und der Zeitschritt solange angepasst, bis eine gewiinschte maximale relative
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Abweichung erfiillt ist. Da man das Koordinatensystem immer so drehen kann, dass eine

Koordinate Null ist, reicht im Folgenden eine zweidimensionale Beschreibung.

Um den Larmoradius aus der Teilchenbahn zu bestimmen, ist es notig eine Kreis-
approximation durchzufithren. Diese ergibt sich, wenn man den Umkreis des Dreiecks
konstruiert, das aus 3 beliebigen Punkten der Teilchenbahn gebildet wird. Bestenfalls
liegen diese Punkte jeweils an den Dritteln des Kreises und miissen zumindest mehr
als ein viertel Kreisbogen abdecken. Aus einfachen geometrischen Uberlegungen folgt,
dass der Schnittpunkt der drei Mittelsenkrechten der Dreieckseiten den Mittelpunkt
des Kreises darstellt. Konstruiert man sich diese Senkrechten aus den drei Eckpunk-
ten Pi(x1,y1), Pa(x2,y2) und Ps(xs,ys), wobel zwei Mittelsenkrechten ausreichen, erhalt

man das Gleichungssystem fiir die Schnittpunkte

vs = 3 [ +00) + nale = )
s = 3 [l + 1) = 2 — 1) (B.1)
rs = 3 (s + 22) + o (g — 1)
s = 3 [(ys +12) = mas(s — 22)]. (B2)

Dessen Losung ergibt schliefilich die Koordinaten des Kreismittelpunkts

(ys — y2) (3 + i) + (1 — y3) (2} + i) + (2 — y1) (23 + v3)
2[(z3 — 2) (Y2 — y1) — (w2 — 21)(y3 — ¥2)]
(23 — o) (@] + y7) + (w1 — 23) (2 +97) + (w2 — 21) (23 +33)

Ym = 2[(x3 — xa)(y2 — 1) — (2 — 1) (y3 — ¥2)] ) (B.3)

Ty —

von dem aus nun der Abstand zu jedem beliebigen Punkt der Kreisbahn des Testteilchens

zur Messung des Larmor—Radius berechnet werden kann.

C. Interaktion mit der P3DFFT

Da die P3DFFT nativ ein Fortranprogramm ist, muss fiir den Zugriff von C/C++ ein
Name-mangling definiert werden, mit dem Fortranmethoden nach C/C++ portiert wer-
den konnen. Dies wird bereits von der P3DFFT mitgeliefert, war aber in den ersten

Versionen nicht korrekt, so dass hier nocheinmal kurz die Idee umrissen werden soll.
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Fiir das Name-mangling muss man die Schreibweisen der Funktionen fiir verschiedene
Compiler beriicksichtigen. Fiir den Intel Compiler benotigt man beispielsweise im Header
,p3dfft_cpp.h* die Definition

#ifdef

#elif __INTEL_COMPILER

#define FORT_MOD_NAME(NAME) p3dfft_mp_##NAME##_
#define FORTNAME(NAME) NAME##_

#else

void p3dfft_setup(int *,int ,int ,int , int);
void p3dfft_get_dims(int *,int *,int *,int);

Dies wird dann in der ,,p3dfft_cpp.cpp® in einem extern "C" Block verwendet:

extern "C"

{
void FORT_MOD_NAME(p3dfft_setup) (int *dims,int *nx,int *ny,int *nz, int *ow);
void FORT_MOD_NAME(p3dfft_get_dims) (int *,int *,int *,int *);

void p3dfft_setup(int *dims,int nx,int ny,int nz, int overwrite)

{
FORT_MOD_NAME (p3dfft_setup) (dims,&nx,&ny,&nz,&overvwrite) ;

}
void p3dfft_get_dims(int *start,int *end,int *size,int conf)
{

FORT_MOD_NAME(p3dfft_get_dims) (start,end,size,&conf);
}
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D. Extraktion des MPI-Kommunikators aus der
P3DFFT

Da die Parallelisierung von GisMO grundlegend von der P3DFFT generiert wird, muss
man Folgendes beachten. Bei der Parallelisierung der Teilchensimulation wird der karte-
sische MPI-Kommunikator bené6tigt, um korrekte Prozessorkommunikation im Proze$3-
Gitter durchzufiihren. Leider bietet die PS3DFFT - zumindest bis zur Version 2.4 - keinen
Standardzugriff auf den, von ihr erzeugten, MPI-Kommunikator. Daher muss man die
P3DFFT editieren, um eine Fortraniibergabemethode fiir den Kommunikator zu schrei-
ben. Es reicht dafiir eine simple Riickgabefunktion aus.

Zu diesem Zweck wird in der ,module.F90“ in Zeile 121-122 die public-Methode
p3dfft_get_cartcomm deklariert:

public :: p3dfft_get_dims,p3dfft_setup,p3dfft_ftran_r2c,p3dfft_btran_c2r, &
p3dfft_clean,print_buf, get_timers, p3dfft_get_cartcomm

Diese Funktion wird anschlielend in der ,,setup.F90* definiert:

subroutine p3dfft_get_cartcomm (p3dfft_mpi_comm_cart)

integer p3dfft_mpi_comm_cart(1)
p3dfft_mpi_comm_cart = mpi_comm_cart

end subroutine p3dfft_get_cartcomm

Um schlieBlich Zugriff via C/C++ darauf zu erhalten muss diese neue Funktion noch

im Name-mangling der ,,p3dfft_cpp.cpp bzw. .h* eingetragen werden:

extern "C"

{

void FORT_MOD_NAME(p3dfft_get_cartcomm) (int *);
}
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void p3dfft_get_cartcomm(int *tmpcartcomm)

{
FORT_MOD_NAME (p3dfft_get_cartcomm) (tmpcartcomm) ;

E. Skalierungstests von Gismo

Folgende Skalierungstests wurden am HLRB2 auf der Altiz 4700-Plattform mit einer
Itanium2-Architektur (Montecito Dual Core) durchgefiihrt. Dies ist notwendig um eine
gelungene Parallelisierung zu verifizieren. Dabei sind zwei Arten von Tests konstruiert
worden. Zum einen das sogenannte strong scaling, bei dem eine typische Simulation, mit
einer GittergréBe von 2562 Punkten, zunichst mit 8 CPUs berechnet wurde, um anschlie-
Bend die gleiche Simulation mit der doppelten Anzahl von Prozessoren durchzufiihren.
Man erwartet bestenfalls, dass sich bei doppelter Rechenleistung die Gesamtrechenzeit
halbiert, also die Abhéngigkeit 1/n ist. Dieser Vorgang wurde schliefilich mehrfach, bis
zu 256 CPUs wiederholt. Die Ergebnisse in Abbildung zeigen eine sehr gute Uber-

einstimmung mit einem 1/n Verlauf.

Zum anderen wurde zuséatzlich ein weak scaling — Test absolviert. In diesem Fall wird
eine steigende Anzahl von Prozessoren benutzt, um Problemstellungen in gleichermafien
steigenden Auflésungen zu berechnen. Der Idealfall wére hier ein logarithmischer Anstieg
der Rechenzeit mit zunehmender CPU-Anzahl.

Die Messungen in Abbildung zeigen ebenfalls gute Ubereinstimmung mit der

Erwartung.

An dieser Stelle sei erwiahnt, dass ein Idealverlauf so gut wie unmoglich ist, da mit

steigender CPU-Anzahl ebenfalls die Prozessorkommunikation anwéchst.

Bei beiden Tests ist zu beachten, dass man sédmtliche nicht-simulationsbezogene Pro-
zesse reduziert und geniigend lange Simulationen durchfiihrt, um das Verhéltnis Initia-

lisierungszeit zu Rechenzeit klein zu halten.
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Abbildung E.1.: Ergebnisse des strong scaling-Tests. Dabei wird eine Problemstellung
mit unterschiedlichen Anzahlen von CPUs berechnet.

F. Herleitung der Pitchwinkel Diffusionskoeffizienten im

Rahmen der magnetostatischen Naherung

Im Regime der inkompressiblen MHD existieren zwei Wellentypen, pseudo- und Scheralfvénwellen.
Da fiir beide Spezies unterschiedliche Diffusionskoeffizienten bestehen, wird im Folgen-
den D, getrennt betrachtet. Um pseudo- und Scherwellen voneinander zu separieren

wird ein Ansatz geméf Maron u. Goldreich (2001)) gewihlt.

Ausgehend vom Scherwellen Pitchwinkel Diffusionskoeffizienten, wird von Schlickeiser!
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Abbildung E.2.: Ergebnisse des weak scaling — Tests. Dabei wird mit steigender Anzahl
von CPUs ein gleichermaflen vergrifiertes Gitter berechnet.

(2002) der allgemeine Ansatz

20°(1 — p?) 1— ?
Dypn = Z /d3kR (k,w) {1—m1 X

R

gegeben, wobei u, v und €2 erneut Variablen der Teilchen sind, v, = v m und
P,y 4 die zz—Komponente des Power-Spektrumtensor fiir Alfvénturbulenz ist. Resante
Interaktion wird dabei durch die Resonanzfunktion R (k,w) definiert, die sich unter der
Annahme der Démpfungsfreiheit zu einer §—Funktion R (k,w) = 70 (kjv; —w + nQ)

vereinfacht. In der magnetostatischen Nahrung wird > w; ~ 0 approximiert und der
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Diffusionskoeflizient vereinfacht sich zu

201 —
DA = 21 =) 1 Z /dkﬁé (kv — w + nQ) x
an(UL]CL/Q>
P a(k). F.2
[ LD Pt (F2)

Die magnetosonische Losung ist nach Schlickeiser| (2002)) fiir die schnelle Mode in kalten

Plasmen
292 1 —
Dyt % Z / kR (k,w)

unter der Annahme hinreichend hoher Teilchengeschwindigkeiten, v4 < v. Man kann
zeigen, dass die Polarisation der schnellen magnetosonischen Mode in der Ndhrung des
kalten Plasmas, die gleiche ist, wie die, der pseudo Alfvénwelle. Dementsprechend lésst
mit deren Dispersionsrelation oben stehender Diffusionskoeffizient annehmen. Mit Hilfe
der magnetostatischen Ndherung w =~ 0 kann fiir die ddmpfungsfreie Resonanzfunktion
wieder R(k,w) = 76 (kjvy + nf2) angenommen werden. Man erhélt somit fiir die pseudo
Mode

292 1 —
D,uM,P ~ Z / d ]{77'('5 k?”U” —I—nQ)

Da die Cherenkov Resonanz mit n = 0 bei der pseudo Alfvénwelle existiert, muss

diese getrennt betrachtet werden. Zwar kann eine Resonanzfunktion mit

Ry — "0 = va)

_ b (F.5)

angenommen werden, dies fithrt aber zu einer frei stehenden §-Funktion, was eine unphy-
sikalische Losung darstellt . Im Rahmen der QLT ohne Korrekturen ist eine Behandlung
daher nicht moglich. In diesem Modell wird deshalb die Cherenkov—-Resonanz nicht be-
handelt.
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Unter der erneuten Anwendung der magnetostatischen Ndhrung mit der Resonanz-

funktion
R(k,w) =7 (k;”v” + nQ) , (F.6)

erhélt man fiir die Gyroresonanz der Pseudomode

2 1 _
Dyup ~2Q Z/ d? /{7T5 kHU” +nQ) X
n;ﬁO

G. Diskretisierung der Pitchwinkel

Diffusionskoeffizienten

Um die im Rahmen numerischer Berechnungen D, zu bestimmen, wird ein kontinuierli-
ches Spektrum in paralleler und ein diskretisiertes in senkrechter Richtung angenommen.
Also ist

Pro(kyky, k) = P (RAKIAE, k), (G.8)

mit h, s = —M, ..., M. Folglich werden die Integrale durch diskretisierte Summen iiber
k, und k, approximiert, wobei k. durch eine 6—Funktion beschrieben wird. Damit gilt

fiir den Diffusionskoeffizienten der pseudo Mode

el By
o0,n#0 M
Y AR (viky Q) P p(hAE, ik, 1)) (G.9)

n=—00 h,i=—M

Nach der k,—Integration wird die Gleichung mit k, = jAk diskretisiert. Dement-
sprechend sind [ = Q/(pvAk) und p = Q/(lv Ak). Die Teilchen mit v = Q/(mAk),
und m < [ < M haben somit einen diskretisierten Pitchwinkel ¢ = m/l. Unter den
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durchgefiihrten Diskretisierungen ergibt sich somit

v = v (m/l),
vy =vy/1—m?2/2
ki = kZ+k2=AkVh?+i? (G.10)

und folglich

2

n#0 m o m
DW%P (T) = 27§} <]_ — Z_Q) [ %

2, 2, [F 05 wen)

AK? Py p (RAK,iAK nlAk)
BQ

2

X

(G.11)

Analoges vorgehen bei den Scheralfvénwellen liefert

Dy (?) — 270) (1 = 7-5) [ x

Mzﬂ Z an<i\/( lz)<h2+z2)) )

n=—M/l hji=—M m\/ h2+l )

AK3 Py (hAK,iAK nlAk)
B2

2

(G.12)
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