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Der Mensch muf$ bei dem Glauben verharren, daf das

Unbegreifiiche begreiflich sei; er wiirde sonst nicht for-
schen.

Johann Wolfgang von Goethe

Alle Geheimnisse liegen in vollkommener Offenheit vor
uns. Nur wir stufen uns gegen sie ab, vom Stein bis zum
Seher. Es gibt keine Geheimnisse an sich, es gibt nur
Uneingeweihte aller Grade.

Christian Morgenstern

“Forty-two,” said Deep Thought [...]

“I checked it very thoroughly [...] and that quite definitely
is the answer. I think the problem [...] is that you’ve
never actually known what the question is.”

Douglas Adams

(aus ,, The Hitchhiker’s Guide to the Galaxy*)
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Einleitung

Seit langem gibt es ein grofles Interesse daran, den zeitlichen Ablauf von chemi-
schen Reaktionen zu untersuchen. Ein wichtiges Instrument hierfiir ist die Kurz-
zeitspektroskopie, wobei sich die zugénglichen Zeitskalen in letzter Zeit drama-
tisch verdndert haben: Wurden in den Anfingen noch Experimente mit Blitz-
lampen durchgefiihrt [1] und dafiir 1967 der Chemie-Nobelpreis an Norrish und
Porter zusammen mit Eigen fiir Arbeiten zu ,extrem schnellen chemischen Re-
aktionen“ im Mikrosekunden-Bereich vergeben, so hat dieses Forschungsgebiet
in jiingerer Vergangenheit parallel zum rasanten technischen Fortschritt mit im-
mer kiirzeren Laserpulsen bis hinein in den Femtosekunden-Bereich einen neuen
Boom erlebt. Durch die extrem hohe Zeitauflosung ist es heutzutage moglich ge-
worden, die Reaktionsdynamik eines Molekiils quasi in Echtzeit zu verfolgen, weil
man durch die Femtosekunden-Pulse die Bewegung der Atomkerne wie mit einer
schnellen Kamera beobachten kann. [2,3] Dabei geht man in der zeitaufgelosten
Pump-Probe-Spektroskopie davon aus, dass der Pump-Puls das System in einen
kohérenten Nichtgleichgewichts-Zustand préapariert, dessen anschliefende Dyna-
mik durch einen verzogerten Probe-Puls abgefragt wird.

Neben Anwendungen in vielen anderen Gebieten wie Atomphysik, Halbleiterfor-
schung bis hin zur Biologie und Medizin [4-6] gilt das Hauptaugenmerk der Mo-
lekiilspektroskopie. Hier wird die gesamte Bandbreite abgedeckt, was die Grofle
der untersuchten Systeme angeht: Begonnen bei Experimenten zur Photodisso-
ziation kleinerer Molekiile wie Nal oder IC'N in der Gasphase [7,8] iiber grofiere
(Bio-)Molekiile in Losung [9, 10], werden auch einfache bimolekulare Reaktio-
nen in Clustern [11,12] oder Elektrontransfer-Prozesse in Photoreaktionszen-
tren [13,14] betrachtet. So gibt es z.B. Arbeiten zur ultraschnellen Photoiso-
merisierung des Chromophors Retinal in dem Membranprotein Rhodopsin, was
den ersten Schritt beim Sehprozess von Wirbeltieren darstellt [15,16]. Das grofie
allgemeine Interesse an der ,,Femtochemie® zeigt sich nicht zuletzt darin, dass
A. Zewail 1999 fiir seine Arbeiten auf diesem Gebiet der Nobelpreis in Chemie
verliehen wurde [3,17].

Mit wachsender Anzahl der Experimente gibt es gleichzeitig einen steigenden
Bedarf, die Vielzahl der gemessenen und in vielen Aspekten noch unverstandenen
Signale auf mikroskopischer Ebene theoretisch zu beschreiben und zu erkléren.
Besonders interessant dabei ist, dass dies u.a. fiir komplexe Systeme moglich wird,
weil auf den extrem kurzen Zeitskalen auch in sehr groflen Molekiilen nur einige
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2 FEINLEITUNG

wenige Freiheitsgrade eine Rolle spielen.

Grundlage der theoretischen Modellierung ist das Bild von elektronischen Poten-
tialflichen, die man in der Born-Oppenheimer-Ndherung von entkoppelter elek-
tronischer und nuklearer Dynamik durch quantenchemische Rechnungen erhal-
ten kann. In Abhéingigkeit von der Kernkonfiguration entsteht so eine hochdi-
mensionale Potentiallandschaft. Die Dynamik einer chemischen Reaktion wird
dabei durch ein Wellenpaket beschrieben, das sich auf diesen Potentialen be-
wegt - dazu berechnet man die zeitliche Entwicklung eines nichtstationéren Zu-
stands gem#f der Schrodinger-Gleichung. In der zeitaufgelosten Pump-Probe-
Spektroskopie kann diese Bewegung des Wellenpakets in Echtzeit gemessen wer-
den.

Allerdings hat sich herausgestellt, dass ultraschnelle Photoprozesse haufig nicht
durch separierte Born-Oppenheimer-Potentialflichen verstanden werden kénnen.
Neuere theoretische Arbeiten [18-21] haben vielmehr gezeigt, dass die Korrektu-
ren zur Born-Oppenheimer-Niherung, die sogenannten nichtadiabatischen Kopp-
lungen, in vielen Féllen sehr grofl werden und daher nicht mehr vernachlissigt
werden konnen. Aufgrund dieser vibronischen Kopplung entstehen neben vermie-
denen Kreuzungen insbesondere sogenannte konische Durchschneidungen [22],
d.h. Entartungspunkte der adiabatischen elektronischen Zusténde, an denen die
Potentialflichen derart verformt sind, dass sie als ,photochemischer Trichter
interne Konversion, d.h. strahlungslose Relaxation in den elektronischen Grund-
zustand, erzwingen. Ein geeignetes Modell zur Simulation solcher ultraschneller
Elementarprozesse wie z.B. Elektron-Transfer [23] sind also vibronisch gekoppelte
elektronische Potentialflichen, so dass die iibliche Vorstellung von entkoppelter
Bewegung der Kerne und Elektronen modifiziert werden muss.

Exakte quantenmechanische Rechungen fiir solche Modelle sind jedoch einerseits
unanschaulich und daher nur schwer zu interpretieren und werden andererseits
mit steigender Anzahl zu beriicksichtigender Schwingungsmoden bei wachsender
Molekiilgréfie sehr schnell aufwéndig bis unméglich. In diesem Zusammenhang sei
darauf hingewiesen, dass die Gesamtwellenfunktion eines Systems iiblicherweise
als ein direktes Produkt aus den Wellenfunktionen von elektronischen Zustinden
und nuklearen Zustandsvektoren dargestellt wird. Muss man fiir jeden der f Frei-
heitsgrade n Basisvektoren beriicksichtigen, werden insgesamt n/ benétigt. Die
Gréfe der Basis und damit der Rechenaufwand nimmt also mit wachsendem f
exponentiell zu. Deshalb gibt es ein grofles Interesse an geeigneten N&herungs-
verfahren.

Ein solches ist z.B. die Franck-Condon-Approximation [24], mit der man zeitauf-
geloste Pump-Probe-Spektren simulieren kann. Dabei vernachléssigt man die nu-
kleare Dynamik wéihrend des kurzen Laserpulses und fasst den induzierten elek-
tronischen Ubergang als instantane Projektion auf. Dies fiihrt zu einem einfa-
chen physikalischen Bild, in dem der zeitabhingige Uberlapp zwischen nicht-
stationdrem Anfangszustand und Detektorzustand in der Franck-Condon-Region
durch das Pump-Probe-Experiment abgefragt wird. Neben der besseren Interpre-



EINLEITUNG 3

tation sorgt diese Naherung vor allem fiir eine drastische Reduzierung der benotig-
ten Rechenzeit, was erstmals die Berechenbarkeit groflerer Molekiile ermoglicht.
Die Wellenpaketdynamik kann auch auf eine andere Art und Weise vereinfacht
und leichter interpretierbar gemacht werden, indem anstatt der Quantenmechanik
die klassische Mechanik als Ndaherung verwendet wird. Die Formulierung eines sol-
chen klassischen Ansatzes ist im Rahmen der Born-Oppenheimer-Niaherung eta-
bliert: Es werden einfach Trajektorien gemé&f klassischer Bewegungsgleichungen
auf einer Potentialfliche propagiert. Im Fall der hier interessierenden gekoppelten
Potentiale taucht aber die Frage auf, wie die auf unterschiedlichen elektronischen
Potentialflichen umherlaufenden Wellenpakete zu behandeln sind. Dazu gibt es
in der Literatur zahlreiche Vorschlédge, die man als ,,gemischt quanten-klassische®
Modelle bezeichnet und bei denen die leichten Elektronen quantenmechanisch und
die sehr viel schwereren Kerne durch klassische Trajektorien beschrieben werden.
Entlang eines solchen klassischen Pfades wird die Schrodinger-Gleichung fiir die
Elektronen gelost. Die Riickwirkung auf die nuklearen Freiheitsgrade kann bei
diesen ,,classical path“-Verfahren entweder durch einen mean-field-Ansatz nach
Ehrenfest [25] oder das sogenannte ,,Surface-Hopping*“ [26,27] erreicht werden.
Einen vollkommen anderen Losungsansatz dieses Problems bietet der Mapping-
Formalismus [28], weil er die Abbildung der diskreten elektronischen Koordinaten
auf kontinuierliche Variablen ermoglicht. Diese Bosonisierungstechnik stimmt im
Spezialfall von zwei elektronischen Zustinden mit der Drehimpuls-Theorie von
Schwinger iiberein [29]. Da der klassische Limes wohldefiniert ist, 6ffnet sich nun
das weite Feld aller klassischen Analyseverfahren, die auf das dem Quantensy-
stem ,dquivalenten® klassischen System angewandt werden koénnen [30]. Durch
die Verkniipfung von Methoden aus dem Bereich der nichtlinearen klassischen
Dynamik mit nichtadiabatisch gekoppelten Molekiilmodellen kénnen dann neue
Erkenntnisse gewonnen werden, indem man z.B. wie in dieser Arbeit Poincaré-
Schnitte und periodische Orbits des Systems untersucht. Die Bedeutung von pe-
riodischen Orbits, also Losungen der Bewegungsgleichungen, die nach einer ge-
wissen Zeit wieder zu ihren Anfangskoordinaten zuriickkehren, wurde bereits im
ausgehenden 19.Jahrhundert erkannt [31]. Seit der beriihmten Spurformel von
Gutzwiller [32,33] ist iiberdies bekannt, dass periodische Orbits den Ubergang
von klassischer Mechanik und Quantenmechanik beschreiben kénnen, da quan-
tenmechanische Korrelationsfunktionen in einer (semi-)klassischen Theorie durch
eine Summe iiber die periodischen Bahnen ausgedriickt werden kénnen. Im hier
betrachteten Fall nichtadiabatisch gekoppelter Potentiale handelt es sich dabei
um eine neue Art von vibronischen periodischen Orbits, die sowohl aus einem
nuklearen als auch einem elektronischen Freiheitsgrad bestehen.

Die vorliegende Arbeit gliedert sich wie folgt: Im ersten Kapitel wird eine kur-
ze Einfiihrung in die verwendeten Modelle und zu untersuchenden Ph&nomene
gegeben. Reprisentative Beispiele fiir hier interessierende Systeme sind Model-
le zur Beschreibung nichtadiabatischer Photoisomerisierung z.B. in Stilben oder
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Rhodopsin, sowie die Modellierung interner S; — S; Konversion in aromatischen
Systemen wie Pyrazin. Dazu benutzt man vibronisch gekoppelte Potentialflichen,
wobei die Kerndynamik durch harmonische Schwingungsmoden bzw. Torsionsmo-
den bei Isomerisierungs-Prozessen ausgedriickt wird. Als messbare Gréfien spielen
zeitabhingige Observablen wie z.B. Populationswahrscheinlichkeiten fiir die Si-
mulation von zeitaufgelosten Pump-Probe-Spektren eine grofie Rolle.

Im zweiten Kapitel wird dann mit der Franck-Condon-Approximation eine Kurz-
zeitndherung zur Berechnung von Pump-Probe-Spektren vorgestellt, mit deren
Hilfe der Rechenaufwand im Vergleich zu herkémmlichen Verfahren [34,35] er-
heblich reduziert werden kann. Bei der theoretischen Herleitung muss unterschie-
den werden zwischen internen Ubergingen innerhalb der vibronisch gekoppelten
Niveaus einerseits, sowie externen Ubergingen in einen weiteren Detektorzustand
andererseits. Numerische Studien belegen in beiden Fillen eine sehr gute Qualitét
der Néherung bei kurzen Laserpulsdauern [36].

Das dritte Kapitel widmet sich zunéchst einigen grundlegenden Fragen, die bei
der Formulierung des klassischen Analogons auftreten. In diesem Zusammenhang
wird der Mapping-Formalismus [28] eingefiihrt, der in manchen Aspekten bessere
Ergebnisse als édltere Ansitze erzielt. Als erste Anwendung wird die integrierte
Niveaudichte N (F) diskutiert, die eine wichtige GroBe fiir die Berechnung von Re-
aktionsraten in der ,transition state theory“ darstellt [37,38]. Dabei kommt auch
ein besonderes Problem klassischer Rechnungen zur Sprache, nimlich inwieweit
der ungehinderte Fluss der quantenmechanischen Nullpunktsenergie beriicksich-
tigt werden muss.

Hat man ein geeignetes klassisches Modell fiir das interessierende Quantensystem
gefunden, kann man die zugehdorige klassische Dynamik mit Verfahren der nichtli-
nearen Dynamik analysieren, was im vierten Kapitel erstmals fiir ein nichtadiaba-
tisch gekoppeltes Quantensytem geschieht [39]. Nach einer Diskussion der Poin-
caré-Schnitte, die einen gemischt regulir/chaotischen Phasenraum zeigen, und
der vibronischen periodischen Orbits stellt sich heraus, dass fiir die Beschreibung
der Kurzzeitdynamik bereits wenige kurze Orbits ausreichend sind, um z.B. quan-
tenmechanische Besetzungswahrscheinlichkeiten zu reproduzieren [40]. Schliefllich
wird eine klassische Simulation von zeitaufgelosten Pump-Probe-Spektren mit
Hilfe periodischer Orbits vorgestellt [41].

Im letzten Kapitel soll dann aufgezeigt werden, wie die am Beispiel eines einfa-
chen, stark idealisierten Modells vorgestellten Methoden auch auf realistischere,
komplizierte Modelle erweitert werden konnen. Dies geschieht durch die Unter-
suchung der klassischen Dynamik von Isomerisierungs-Modellen. Dabei muss das
Konzept der periodischen Orbits auf allgemeine Bewegungstypen ausgedehnt wer-
den. Auflerdem werden die Grenzen der klassischen Approximation diskutiert,
die manche quantenmechanischen Phinomene wie Tunnelprozesse nicht beriick-
sichtigen kann. Dies bietet die Mdoglichkeit, eine Unterscheidung zwischen eher
klassischen und typischen Quanteneigenschaften zu treffen, was sich bei der In-
terpretation der Wellenpaketdynamik als hilfreich herausstellt.



Kapitel 1

Uberblick iiber Modelle und
Phanomene

1.1 Modelle

Mit wachsender Grofle und Komplexitit der Molekiile stellt man schnell fest,
dass man bei ihrer quantenmechanischen Beschreibung an die Grenzen der exak-
ten Berechenbarkeit stoft und daher gezwungen ist, mittels physikalischer Uber-
legungen das Gesamtsystem auf ein einfacheres Modell zu reduzieren, das die
wesentlichen Aspekte fiir die entsprechende Fragestellung richtig wiedergibt. Bei
der hier vorliegenden Arbeit liegt das Hauptinteresse in der Kurzzeitdynamik,
bei der i.A. nur wenige Freiheitsgrade eines Molekiils angeregt sind. Daher ist
es naheliegend, die theoretische Modellierung auf diese wenigen die Bewegung
dominierenden Schwingungsmoden zu beschrinken. Ublicherweise sind dies die
Normalmoden des Molekiils; allerdings kann es sich auch genausogut um kollek-
tive Bewegungen vieler Atome handeln, weshalb man sie allgemein als ,,effektive*
Koordinaten bezeichnet. Die iibrigen Freiheitsgrade kénnen dann u.U. zur Dis-
kussion von Relaxationsprozessen als allgemeines Bad angekoppelt werden, in das
Energietransfer stattfinden kann.

Bei der theoretischen Modellierung ultraschneller Photoprozesse hat sich her-
ausgestellt, dass die experimentellen Resultate nicht mit separierten Born-Op-
penheimer-Potentialflichen verstanden werden konnen. In dieser traditionellen
Néherung wird angenommen, die Kern- und Elektronenbewegung sei aufgrund
des groflen Massenunterschieds entkoppelt und die elektronische Wellenfunktion
hénge lediglich parametrisch von der Kernkonfiguration ab. Insbesondere sind die
einzelnen Potentialenergieflichen nicht gekoppelt. Durch zahlreiche theoretische
Arbeiten in jiingerer Zeit [18-21] hat sich ein weitergehender Ansatz etabliert, in
dem von vibronisch gekoppelten Potentialflichen ausgegangen wird. Dies bedeu-
tet einfach gesprochen, dass aufgrund der nun komplett beriicksichtigten Wech-

5



6 MODELLE UND PHANOMENE

selwirkung von Kernen und Elektronen bestimmte nukleare Schwingungsmoden
zu einem elektronischen Ubergang fiihren kénnen. Besonders auffillig sind da-
bei die sogenannten konischen Durchschneidungen an den Entartungspunkten
der adiabatischen elektronischen Potentiale, durch die ultraschnelle interne Kon-
version erzwungen wird. Aufgrund der charakteristischen Verformung der Po-
tentialflichen an dieser Stelle hat sich hierfiir auch der Begriff ,,photochemischer
Trichter® eingebiirgert. Fiir weitere Informationen beziiglich allgemeiner Konzep-
te iiber die Born-Oppenheimer-Dynamik hinaus sei auf die Literatur [18,20,21,42]
verwiesen.

Die adiabatischen Potentialenergieflichen W, erhilt man durch Diagonalisierung
der Potentialmatrix - sie entsprechen also den Energieeigenwerten bei der jeweili-
gen Kernkonfiguration. Der Modell-Hamiltonian kann damit in der adiabatischen
Darstellung als

Hua =) [T + Wal@) (05 + A (1.1)

geschrieben werden, mit der adiabatischen Basis [42¢) und dem Operator T der
kinetischen Energie. Der Operator A ist verantwortlich fiir die nichtadiabatischen
Uberginge im Molekiil, d.h. die iibliche Born-Oppenheimer-N&herung entspriche
A=0.

Fiir numerische Zwecke ist es sinnvoll, in eine diabatische Darstellung zu wechseln,
in der dieses komplizierte A mit seinen nichtlokalen Termen eliminiert werden
kann. Dazu verwendet man eine unitire Basis-Transformation geméf

() =D Surlt). (1.2)

Der Hamiltonian transformiert sich mit Hilfe der gleichen unitdren Matrix S
ru H = SH,4St, wobei die Potentialmatrix nun nichtverschwindende Aufer-
diagonalelemente V,,,,(x) enthélt, die die Kopplung der elektronischen Zustéinde
beriicksichtigen.

In dieser diabatischen Basis lésst sich der Modell-Hamiltonian demnach schreiben
als [18]

H =" [thn)hn(n] + > [tbn) Voo (%) (Yo (1.3)

n#m

mit den Diagonalelementen h, = T + V,(x), die den Schwingungs-Hamiltonian
im elektronischen Zustand |1, ) bezeichnen. ! AuBerdem steht x = (21, ..., zy) fiir
alle f beriicksichtigten Schwingungsmoden.

Es stellt sich nun die Frage, wie die genaue Abhéingigkeit der Potentialmatrix von
den Kernkoordinaten x aussieht. Dabei soll die Darstellung einerseits moglich
einfach sein, aber andererseits notwendigerweise alle wesentlichen Merkmale der
Dynamik richtig wiedergeben. Daher entwickelt man die durch quantenchemi-
sche ab initio-Verfahren erhaltenen Potentialflichen in eine Taylor-Reihe um die

'In dieser Arbeit wird als Kurznotation fiir die diabatische Darstellung [1,) = [¢d) gewéhlt.
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Gleichgewichtslage xo herum. Fiir kleine Auslenkungen kann man dann in guter
Néherung alle Terme nach der zweiten Ordnung vernachlissigen, d.h. man ap-
proximiert die Schwingungsmoden durch harmonische Oszillatoren. Damit erh&lt

man
Vi(x) = E, + Z Kz + %Zwkxi, (1.4)
k k

wobei wy, fiir die Oszillationsfrequenz der k-ten Schwingungsmode steht und E),
die Energiedifferenz zwischen dem n-ten elektronischen Niveau und dem Grund-
zustand angibt. Die H,(cn) tragen der Tatsache Rechnung, dass die Gleichgewichtsla-
gen der Oszillatoren in den elektronisch angeregten Zustinden relativ zum Grund-
zustand verschoben sein konnen. Das fiihrt dazu, dass bei vertikaler optischer
Anregung ein Nicht-Gleichgewichtszustand erreicht wird, bei dem gleichzeitig
auch Kernschwingungen angeregt werden, weshalb man die betreffenden Moden
als ,,Condon-aktiv® bezeichnet. Ein anderer gebraduchlicher Begriff ist , Tuning-
Mode“, weil durch die verdnderte Gleichgewichtsgeometrie eine Variation der
Energieliicke zwischen den elektronischen Zustdnden in Abhé#ngigkeit von den
nuklearen Freiheitsgraden erreicht wird.

Neben der bisher diskutierten Diagonalen der Potentialmatrix ist auch eine néhe-
re Spezifikation der Nebendiagonalelemente erforderlich, die fiir die vibronische
Kopplung verantwortlich sind. Dabei muss zunéchst durch gruppentheoretische
Uberlegungen geklirt werden, welche Schwingungsmoden prinzipiell zur Kopp-
lung in Frage kommen. Damit ndmlich zwei elektronische Zustdnde S; und S
miteinander wechselwirken koénnen, miissen sie derselben Symmetriegruppe an-
gehoren. Die dafiir erforderliche Reduktion der Symmetrie ist nur durch die Aus-
lenkung entlang einer solchen ,, Kopplungsmode“ z. moglich. Der entsprechende
Kopplungsoperator ist dann V5 = V51 = Az., wobei die Kopplungsstiarke durch
die Konstante A\ angegeben wird. Der diagonale Anteil der Kopplungsmode z.
sieht analog zu (1.4) aus.

Aufler diesen Schwingungen des Molekiils entlang der Normalkoordinaten x; sind
héufig photoinduzierte Isomerisierungsprozesse, d.h. Drehungen um Molekiilbin-
dungen von einer Gleichgewichtskonfiguration in eine andere, von Interesse. Fiir
diese kollektive Bewegung, an der zahlreiche Atome beteiligt sein kénnen, wird
eine sogenannte Reaktionskoordinate ¢ eingefiihrt [43,44]. Somit lassen sich die
Potentialflichen durch ein periodisches Torsionspotential V' (¢) beschreiben:

VO(g) = 3Us(1 - cosg),
V() = B, —LU(1 - cos¢). (1.6)

Hier bezeichnet FE; wiederum die vertikale Energieliicke zwischen den beiden
elektronischen Zusténden, und U; gibt den energetischen Unterschied der bei-
den Gleichgewichtskonfigurationen an, die man héufig mit dem cis- bzw. trans-
Zustand identifiziert. Man beachte, dass das Potential V(l)(qb) invertiert ist, wes-
halb periodisch wiederkehrend um 180° phasenverschobene Potentialminima in
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den beiden Zustdnden auftreten. Um eine Kopplung dieser beiden elektronischen
Niveaus zu beriicksichtigen, ist allerdings eine weitere (harmonische) Schwin-
gungsmode notwendig, da aus Symmetriegriinden eine Kopplung iiber die Tor-
sionsmode nicht méglich ist.
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1.2 Zeitaufgeloste Pump-Probe-Spektroskopie

Das Grundprinzip der zeitaufgelosten Pump-Probe-Spektroskopie lésst sich fol-
gendermaflen beschreiben: Zunichst wird das molekulare System mittels eines
Laserpulses (Pump-Puls) in einen Nicht-Gleichgewichtszustand |¥;) elektronisch
angeregt. Die anschliefende Photodynamik wird dann nach einer gewissen Delay-
Zeit ty durch einen zweiten Laserpuls (Probe-Puls) abgefragt. Durch Variation
von Verzogerungszeit t; und Laserfrequenz erhélt man ein zeit- und frequenz-
aufgelostes Spektrum. Auf diese Art und Weise bekommt man Informationen
iiber die zugrunde liegende Wellenpaketdynamik. Dies ist besonders interessant
fiir nichtadiabatisch gekoppelte Potentialflichen, wie sie z.B. zur Beschreibung
von Elektrontransfer-Prozessen verwendet werden. So konnte die Photodissozia-
tion von Nal im Pump-Probe-Experiment quasi wie mit einer schnellen Kamera
beobachtet werden [3].

Fiir die theoretische Modellierung solcher Pump-Probe-Spektren muss neben dem
Modell-Hamiltonian auch noch die Wechselwirkung des Molekiils mit dem elek-
trischen Feld £(t) des Laserpulses im Detail beschrieben werden. Dabei geht man
gewOhnlich von gaufiférmigen Laserpulsen aus. Der Probe-Puls wird dann durch

E(t) = & e (1) /Uar) griwli=ta) 4 | k. (1.7)

beschrieben und ist durch die Laserfrequenz w, die Pulsdauer (FWHM) 7 und
die Delay-Zeit t; charakterisiert. Die Amplitude & wird so gewihlt, dass die
Normierung [dt€(t) =1 mit 1/a = 161n2 erfiillt ist.

Im Rahmen der elektronischen Dipol-Ndherung gilt fiir den Wechselwirkungs-
Operator H;,(t)

Hin(t) = —pE(2), (1.8)

wobei der Ubergangs-Dipol-Operator
=" [¥n)tom (V| (1.9)

n#m

in der diabatischen Darstellung definiert ist. Dadurch wird gewihrleistet, dass
die Matrixelemente pi,,,, nur schwach von den nuklearen Koordinaten abhéngen,
also die Condon-N#herung giiltig ist.

Benutzt man nun die zeitabhédngige Storungstheorie zur Beschreibung der Feld-
Materie-Wechselwirkung, so ldsst sich die Wellenfunktion nach der Wechselwir-
kung mit dem Probe-Puls als

o0

Tp(t)) = i / at' (1) 1) [Ty (1)

—oQ

— ie_iH(t_td) / dt'g(tl) e—iH(td—t') ﬂeiH(td_t')NjO(td)) (1'10)
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darstellen. Im Weiteren wird es sich als geschickt erweisen, Gleichung (1.10) um-
zuschreiben als

[Up(ta)) = P [¥o(ta)) mit (1.11)
P =i / dt’ E(t') e7Hta=t) pj gt (tamt) (1.12)

Man beachte, dass der Propagator P die Feld-Materie- Wechselwirkung stérungs-
theoretisch beschreibt, wihrend die (méglicherweise starke) innermolekulare Wech-
selwirkung exakt, also in allen Ordnungen der Kopplung V', behandelt wird. Ins-
besondere sei noch darauf hingewiesen, dass im Grenzfall J-férmiger Laserpulse
vom Ausdruck (1.12) nur noch der Ubergangs-Dipol-Operator /i iibrig bleibt. Da,
dieser in der diabatischen Darstellung definiert ist, erkennt man, dass die entspre-
chenden diabatischen Populationswahrscheinlichkeiten in der Kurzzeitspektrosko-
pie gemessen werden konnen und daher wichtige Observable fiir die theoretische
Modellierung darstellen.
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1.3 Zeitabhingige Observable

Zentraler Bestandteil einer theoretischen Beschreibung dieser zeitaufgelosten
Pump-Probe-Experimente ist die zeitliche Entwicklung des elektronisch angereg-
ten nichtstationiren Wellenpakets, das durch den Pump-Puls pripariert wurde.
Um das Verhalten dieses Wellenpakets ohne duflere Einfliisse durch das restliche
elektrische Feld diskutieren zu kénnen, geht man zunéichst von einer instanta-
nen Anregung durch Wechselwirkung mit dem Ubergangs-Dipol-Operator /i aus:
|W(t = 0)) = /1|¥p). Dieser Zustand wird dann feldfrei propagiert und wihrend-
dessen werden geeignete Observablen untersucht. Dazu muss die zeitabhéngige
Schrodingergleichung (mit 2 = 1)

d ~
1 [0 (t) = H[¥(t) (1.13)

numerisch gelost werden. Es stellt sich hierfiir als geschickt heraus, die Wellen-
funktion als Produkt aus elektronischen Zusténden und nuklearen Zustandsvekto-
ren darzustellen. Dabei werden letztere fiir die harmonischen Schwingungsmoden
in der iiblichen Oszillator-Basis entwickelt, wihrend sich die Torsionsfreiheitsgra-
de gut durch die Basisfunktionen des freien Rotors ausdriicken lassen [45]. Weil
der Hamiltonian in dieser Darstellung eine besonders einfache Gestalt > annimmt,
wird die numerische Propagation von (1.13) erleichtert.

Als zeitabhéngige Observable ist die Populationswahrscheinlichkeit eines diaba-
tischen Zustands von besonderem Interesse, da dies genau die Gréfe ist, die man
in einem Pump-Probe-Experiment direkt misst. Deshalb fiihrt man den Projek-
tionsoperator P, = [1,)(1,,| auf den n-ten diabatischen elektronischen Zustand
ein, mit dem man dann die jeweilige Besetzungswahrscheinlichkeit iiber

Po(t) = (W(8) 1) (¥n| ¥ (1)) (1.14)

berechnen kann. Ganz analog ergibt sich die entsprechende adiabatische Popula-
tionswahrscheinlichkeit zu

Py(t) = (U () ) (w2 (1)), (1.15)

mit dem Projektor P24 = [¢)24) (12| auf den n-ten adiabatischen Zustand, den
man aus den diabatischen Zustdnden durch die Transformationsmatrix S erhélt
[siehe G1.(1.2)].

Fiir die Modellierung der Photoisomerisierung untersucht man eine weitere Ob-
servable, namlich die Wahrscheinlichkeit, mit der sich das System in der cis- oder
trans-Konfiguration befindet. Hierzu definiert man die Projektionsoperatoren

Phrans = O(|¢| —7/2), —5 <6< (1.16)

Pcis = 1_ptrans: (117)

2Fr ist tridiagonal innerhalb der Schwingungsmoden, weil die Operatoren & und p durch a
und a! ausgedriickt werden kénnen.
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wobei O fiir die heavysidesche Stufenfunktion steht und der Winkel ¢ = 0 dem
cis-Isomer sowie ¢ = 7 dem trans-Isomer zugeordnet wird. Die entsprechende Ob-
servable erhélt man wiederum als Erwartungswert beziiglich der Wellenfunktion
[U(t)).

An dieser Stelle sei darauf hingewiesen, dass die hier vorgestellten Projektions-
operatoren in unterschiedlichen Réumen operieren und daher miteinander vertau-
schen, weshalb man durch Kombination von P und Pcw wans €1ne noch bessere
Auflésung und damit mehr Information iiber die Wellenpaketdynamik bekommen
kann.

Eine weitere Observable von Interesse ist schliefSlich die Autokorrelationsfunktion,
die quantenmechanisch durch

Ct) =(TO)¥®)  bzw.  C(t) = Trp(t)p(0)] (1.18)

gegeben ist. Diese Grofle ist deshalb so wichtig, weil man das Absorptionsspek-
trum direkt durch Fourier-Transformation von C(#) erhalten kann.



Kapitel 2

Franck-Condon-Approximation
fiir zeitaufgeloste
Pump-Probe-Spektren

In diesem Kapitel wird mit der Franck-Condon-Approximation (FCA) eine Kurz-
zeitndherung vorgestellt, durch die der Rechenaufwand fiir die Simulation von
zeitaufgelosten Pump-Probe-Spektren erheblich reduziert und damit die theore-
tische Beschreibung auch gréflerer Systeme ermdéglicht wird. Dazu nimmt man an,
dass die nukleare Bewegung wihrend des Laserpulses vernachlissigt werden kann,
was auf e~#2teihit oy ¢—i(h2=h1)t fijhrt und ein einfaches, physikalisch intuitives Bild
von elektronischen Ubergiingen zur Folge hat: Fiir das Spektrum ist die Resonanz-
bedingung w =V, — V; entscheidend, wobei V5, — V; gerade die Energiedifferenz
der elektronischen Zustéinde in der Franck-Condon-Region ist [19,24,46,47]. Da
diese Kurzzeitndherung im klassischen Limes exakt wird, bezeichnet man diesen
Ansatz auch als semiklassische Franck-Condon-Approximation [24].

Die FCA ist bereits seit lingerem etabliert [46,48-54], wird aber im Rahmen
dieser Arbeit erstmals auf nichtadiabatisch gekoppelte Potentialflichen angewen-
det [36]. Dazu soll im Weiteren der einfachste Fall diskutiert werden, in dem
lediglich zwei elektronische Zusténde vibronisch gekoppelt sind. Dann ldsst sich
der allgemeine diabatische Hamiltonian (1.3) in die kompakte Form

H=nl+Aoc,+ Vo, (2.1)

bringen, wobei die Definitionen h = T + (Vi +V3) , A = (Vo — V4) und
V = Vis = V51 verwendet werden. Um die Schreibweise zu vereinfachen, werden
aufBerdem noch die Pauli- Matrizen o,, 0., 0, und die Einheitsmatrix T eingefiihrt.
Fiir diesen hier interessierenden Fall eines Zwei-Zustand-Problems lassen sich
sowohl die adiabatischen Potentiale W, (z) als auch die dafiir notwendige unitére
Transformations-Matrix S = 5,,,,, explizit angeben.

13
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Mit der Abkiirzung W = v/A?% 4+ V2 erhiilt man [18]

1
Wi = §(V1 + Vo) F W, (2.2)
1 A
1 A
512 = —521 = 5 <1 - W) . (24)

Bei der Modellierung des elektrischen Laserfelds wird zunéchst von einem §-f6rmi-
gen Pump-Puls ausgegangen, der das molekulare System zum Zeitpunkt ¢ = 0
anregt und zum nichtstationdren Zustand |¥y(¢)) fiihrt, dessen Wechselwirkung
mit dem Probe-Puls dann untersucht werden soll. Die Verallgemeinerung der
Theorie fiir Pump-Pulse endlicher Dauer wird in Kap.2.2.3 diskutiert. Eine wei-
tere plausible Annahme ist, dass sich die beiden Pulse nicht iiberlappen, d.h. die
Reihenfolge von Pump- und Probe-Puls festliegt.
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2.1 Theorie

Bei der theoretischen Beschreibung von Pump-Probe-Spektren in vibronisch ge-
koppelten Systemen miissen zwei prinzipiell verschiedene Fille, wie sie in Abb. 2.1
dargestellt sind, getrennt behandelt werden. Entweder werden durch den Probe-
Puls elektronische Ubergénge innerhalb der beiden gekoppelten Zustinde [Fall
(a)] oder aber von den gekoppelten Potentialen hin zu einem weiteren ,, Detektor-
Zustand“ [Fall (b)] induziert. Letzteres schlieft auch die Ionisationsspektroskopie
ein, da das Kontinuum formal als ein hoherliegender externer Zustand angesehen
werden kann.

(b)

0 s (; | >

Abbildung 2.1: Schematische Darstellung diabatischer Potentialkurven V,, fiir ver-
schiedene Modellsysteme mit vibronischer Kopplung. Zur Zeit ¢t = 0 wird das System
durch einen impulsiven Pump-Puls in den nichtstationiren Zustand |[¥() angeregt,
dessen zeitliche Entwicklung durch einen zeitverzogerten Probe-Puls abgefragt wird,
der sowohl interne als auch externe elektronische Ubergiinge induzieren kann. (a) Tn-
terner Fall, d.h. das Laserfeld induziert Ubergiinge zwischen den beiden gekoppelten
elektronischen Zustédnden. Gezeigt sind hier Torsionspotentiale zur Beschreibung von
cis-trans-Photoisomerisationsprozessen [55]. (b) Externer Fall, d.h. das Laserfeld indu-
ziert Ubergiinge von den gekoppelten Zustéinden zu einem weiteren , Detektor-Zustand®
mit dem Potential V. Dargestellt sind hier die Potentialkurven entlang einer total-
symmetrischen Schwingungsmode zur Beschreibung der Sy — S7 internen Konversion
in Pyrazin [56].
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2.1.1 Interne Uberginge

Zunichst wird das diabatische Zwei-Zustand-System (2.1) fiir den Fall interner
Uberginge betrachtet, d.h. das duBere Laserfeld induziert Uberginge zwischen
den beiden vibronisch gekoppelten Potentialen Vi und V; wie in Abb. 2.1(a)
angedeutet. Dann liBt sich der Ubergangs-Dipol-Operator in der entsprechenden
diabatischen Basis |1;) und [i9) schreiben als

fr = pog = plth) (2] +hk (2.5)

mit 4 = p1o = p91- Nun soll der Propagator (1.12) im Rahmen der semiklassi-
schen Franck-Condon-Approximation berechnet werden. Dieser Ansatz beinhal-
tet die Kurzzeitniherung e~th2teihi? —ih2=h1)t " die auf den vorliegenden Fall
nichtadiabatisch gekoppelter elektronischer Zustinde durch folgende Annahmen
erweitert werden kann:

~ e

[Bn, hm] = 0, (2.6)

Zusitzlich zu (2.6) geht man also noch davon aus, dass die Schwingungs-Ha-
miltonian A, mit den vibronischen Kopplungs-Operatoren V,,,, vertauschen. Da
diese Kommutatoren i.A. von den nuklearen Impulsen abhingen, bedeutet die-
se Niherung eine Vernachldssigung der Bewegung des Wellenpakets entlang der
Schwingungskoordinaten wihrend des Probe-Pulses. Daher ist es versténdlich,
dass diese Ndherung nur fiir ausreichend kurze Pulsdauern geeignet sein wird.
Um die Approximationen (2.6) auf den Dipol-Operator ji(t) = et j ¢t im
Heisenberg-Bild anzuwenden, der in Gleichung (1.12) auftaucht, benutzt man die
bekannte Operator-Entwicklung
i A ad A s a® s
e Be* =B —alA, B] + ﬁ[A’ [A, B]] — 5[’4’ [A,[A, B]]] + ... . (2.8)

Die explizite Berechnung der ersten Summanden liefert

[H, ] = —2ipAoy, (2.9)
[H,[H,ji]] = 4pA(Ao, + Vo), (2.10)
[H,[H,[H,p]]] = -8iuW?*Ag, (2.11)
= AW?[H, ji], (2.12)

wobei der lineare Term exakt ist und die Terme hoherer Ordnung eine Naherung
gemifB (2.6) darstellen. Die unendliche Summe auf der rechten Seite von (2.8)
lésst sich damit in geschlossener Form schreiben als

) = p {am — % sin(2Wt) oy + %[cos@Wt) —1] {%ox + %az] } . (2.13)
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Man beachte, dass sich dies im Fall fehlender vibronischer Kopplung (V' = 0)
zum bekannten Resultat

a(t) = p{cos(2At)o, — sin(2At)o, }
p e 28 by (| + hok. (2.14)

vereinfacht. Das gleiche Ergebnis kann man auch durch direktes Exponentieren
von Ht erhalten. Mit den N&herungen (2.6) ergibt sich

. . A
pTiHt _ oFi(hit+ha)t/2 {cos(Wt) 154 sin(Wt) <Wo'z — %%) } , (2.15)

was den exakten Propagator eines gekoppelten Zwei-Niveau-Systems (d.h. fiir
h, = const.) darstellt. Fiir nichtadiabatisch gekoppelte Systeme [also fiir h, =
hn(z,p)] stellt (2.15) einen Kurzzeit-Propagator dar, der in erster Ordnung exakt
ist.

Nun kann die Zeit-Integration in Gl. (1.12) leicht ausgefithrt werden. Betrachtet
man den ¢! und den e~“!-Anteil getrennt, erhiilt man

1 AV A
Py = —peor@2W)— {—02 + =0, F iay}

1 w AW w
1 2.V (V A

Zperw ) 5 . 21
ke W{W"w W"z} (2.16)

Dabei beschreiben die Operatoren P, = A und P. = FE die Absorption bzw.
Emission eines Photons im Rahmen der Rotating-Wave-Approximation (RWA).
Da beide Prozesse im hier diskutierten Fall von internen Ubergéingen auftreten
konnen, ergibt sich das gemessene spektroskopische Signal als Differenz von Emis-
sion und Absorption: !

I(t) = (Uo(t)|(ETE — ATA)|Ty(t)) (2.17)
mit
1 ) 2 A2 (A vV
t gt - _ —,2,2ar (w—2W)> = ) = 7
E'E— ATA 4u e 5 { o, ax}
Lo areawyer) VA [V A
She Wz W -+ e (- (2.18)

Der erste Term enthilt die Resonanzbedingung w = 2W = W, —W;, wihrend der
zweite aufgrund von e~7“* nicht resonant werden kann. Im Grenzfall eines 4-
formigen Probe-Pulses (7 = 0) verschwinden die gaufischen Vorfaktoren und beide
Terme koénnen einen Beitrag liefern. Es sei aulerdem bemerkt, dass sich (2.18) bei

I Die gemischten Terme Et A und A!E werden weggelassen, da sie in Standard-Pump-Probe-
Experimenten, in denen iiber die Phase des elektrischen Felds gemittelt wird, keine Rolle spielen.
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fehlender Kopplung (V = 0) zu dem bekannten Ergebnis —1pu? e=207"(w=24)”
vereinfacht [48-54].

Zur besseren Interpretation bietet sich ein Wechsel von der diabatischen zur adia-
batischen Darstellung mittels P,y = STPS an. Dies fiihrt zu folgenden Aus-
driicken fiir die adiabatischen Absorptions- bzw. Emissions-Operatoren:

Oz

A 2 2
A = —g{wew @ [yad) (yad)
V 2,,2
e (e - e ) )
A 2 2
B = = {feere 0 sty
V 2,2
R U B 1)) S CED

Wie in der diabatischen Basis gibt es auch hier in der adiabatischen Darstellung
zwei verschiedene Beitrédge. Der erste Term beschreibt den Laser-induzierten Po-
pulationstransfer zwischen den beiden adiabatischen Zustinden, d.h. Absorpti-
on in (2.19) und Emission in (2.20). Man sicht, dass diese Ubergiinge resonant
sind, wenn die Laserfrequenz w dem energetischen Abstand der adiabatischen
Potentialflichen 2W = Wy (z) — Wi (z) entspricht. Dabei entsteht noch eine wei-
tere Koordinatenabhéngigkeit durch den Vorfaktor A/W, der ein Maf fiir das
Verhiltnis von diabatischem und adiabatischem Energieabstand ist. Der zwei-
te Term verursacht eine Laser-induzierte Niveau-Verschiebung der adiabatischen
Zusténde, die proprotional zu p V/W ist, weshalb er in Abwesenheit der vibroni-
schen Kopplung verschwindet. Da er aber niemals resonant wird, kann man ihn
in allen interessierenden Féllen vernachldssigen.

Betrachtet man also nur die resonanten Terme, erhdlt man schliellich fiir das
spektroskopische Signal in der adiabatischen Darstellung das einfache Resultat

1 , A2
4" e
d.h. der Laser induziert Uberginge zwischen den adiabatischen Zustinden [57].
Zum Schluf} sollen noch ein paar Worte zur Interpretation der stindig auftau-
chenden Vorfaktoren A/W und V/W gesagt werden. Es sei darauf hingewie-
sen, dass sie direkt mit dem diabatisch/adiabatischen Mischungswinkel ¢ aus
der Transformations-Matrix S in (1.2) bzw. (2.3) und (2.4) iiber A/W = cos 2y
und V/W = sin 2¢ verkniipft sind [18]. Deshalb nehmen beide Ausdriicke Werte
zwischen -1 und 1 an und geniigen der Bedingung (A/W)%+ (V/W)? = 1. AuBer-
dem ist es interessant, dass der Ubergangs-Dipol-Operator in der adiabatischen
Darstellung jl,q = ST/1S durch

—2a7?(w— 2 a a a 2
ElyEaa — AljAw = e 2o B (Jg ) (w3t | — [N (i), (2:21)

A V
fiaa = prg (A W3 + W) W) — pggr (D] =[5 (w5")) - (2.22)
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gegeben ist, und daher deutlich die Struktur der Gleichungen (2.19) und (2.20)
widerspiegelt.

2.1.2 Externe Ubergiinge

In diesem Abschnitt werden nun externe Uberginge von den gekoppelten Zustéin-
den [¢1) und |t)5) zu einem (oder mehreren) , Detektor-Zustéinden |i4) betrach-
tet [siche Abb. 2.1(b)]. Dabei sollen interne Strahlungs-Ubergiinge |11) < [ts)
zwischen den beiden gekoppelten Niveaus Dipol-verboten sein. Dann 148t sich der
Hamiltonian und Ubergangs-Dipol-Operator schreiben als

H = Y [n)ha(thn] + {[$1)V (] + bk}, (2.23)
n=1,2,d

po= Z |wd>:u'dn<¢n|+h'k“ (2'24)
n=1,2

Die weiteren Untersuchungen werden fiir den Spezialfall pg; = 0 durchgefiihrt,
so dass lediglich elektronische Ubergéinge zwischen [t/5) <+ |¢4) erlaubt sind. Der
allgemeine Fall wird im Anhang A.2 diskutiert.

Die blockartige Struktur des Hamiltonian (2.23) erméglicht das direkte Exponen-
tieren von ¢Ht im Rahmen der semiklassischen Franck-Condon-Approximation
(2.6). Die Erweiterung von Gleichung (2.15) fiir ein Drei-Zustand-Modell lautet
dann

e:I:th — e:l:ithd |¢d><wd| + e:l:i(h1+h2)t/2
« Leosow) 154 sinwt) (Lo, — L (2.25)
cos Fi sin o~ ) .

wobei wiederum Pauli-Matrizen verwendet werden, um den Unterraum der beiden
gekoppelten Zusténde in der diabatischen Basis zu beschreiben. Mit Hilfe dieses
Resultats kann nun der entsprechende Ubergangs-Dipol-Operator im Heisenberg-
Bild berechnet werden:

alt) = e ™ pe™ =" |tha) Man(t) (¢n| +hk. (2.26)
n=1,2
mit . e
My (t) = ue’JtiWsin(Wt), (2.27)
: A
Mgp(t) = ,ue“”{cos(Wt)—i—i Wsin(Wt)} (2.28)

und 0 := 2(Vi + Vo) — V.
Nimmt man weiterhin an, dass der ,Detektor-Zustand“ [i4) energetisch tiefer
liegt als die beiden gekoppelten Zusténde [¢1) und |)s), also Laser-induzierte
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Emission von den Niveaus [t¢/1), |1)9) nach |¢),) auftritt, so kann man in direkter
Analogie zur Herleitung im letzten Abschnitt den entsprechenden Projektor P
fiir die Emission berechnen:

1 2 A A 1%
Pp=_—;2 ¢ 20Tlw-("-Va)P* 1 i — —- 2.2
6H { +W WUZ+WU$ (2.29)

A A vV
—2a7?[w—(W1—Vy))? 1—- — 1 i _
+e ( W) ( + Woz Waw)

VIV A
_ o o (- W V)P +lw- (W1 -Va)P) 9 W (Waz + W%)} .

Liegt der ,Detektor-Zustand“ |¢4) dagegen hoher als die beiden anderen Niveaus,
erhélt man den entsprechenden Ausdruck fiir die Absorption in den angeregten
Zustand durch Vertauschen der Resonanzterme (W, — V) zu (Vy — W,). Im
Grenzfall eines 0-férmigen Probe-Pulses (7 = 0) verschwinden die gaufischen
Resonanzfaktoren und es ergibt sich das einfache Ergebnis

PP = 32l (2.30)

Im $-Limes wird also gerade die diabatische Populationswahrscheinlichkeit

(U (t)|1h2) (12| T (t)) des ,bright state“ gemessen [21,57,58].

Fiir den allgemeinen Fall mit endlicher Probe-Puls-Dauer wird die Interpretation
der Formel (2.29) wiederum einfacher, wenn man in die adiabatische Darstellung
wechselt. Hier lautet der zeitabhiingige Ubergangs-Dipol-Operator

faa(t) = STRS = ) [wat)y M (1) (2] +hik. (2.31)
n=1,2
mit a 1 A i _
Mi(t) = —n 3 (1 - W) gMvar, (2.32)
1 A
Ms’g(t) = M 5 (1 + W) W2Vt ) (233)

und es ergibt sich

: A

Ptpy = L2 fetertloomvar (14 D) e (234
5 W
n 672aT2[w7(W17Vd)]2 (]_ — —) |¢ >< %d|

_ o[l (W Vo) P+l (W1 -V, ] (|¢ 4y (ad| + h.k.)}.
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Die ersten beiden Summanden beschreiben die Laser-induzierte Emission der
Zustinde [11) bzw. |1,) nach |¢4). Diese Ubergéinge werden jeweils resonant,
wenn die Laserfrequenz w mit der entsprechenden Energiedifferenz W, — Vj,
iibereinstimmt. Da der letzte Summand gleichzeitig beide Resonanzbedingungen
enthilt, ist sein Beitrag i.A. zu vernachlissigen. Man beachte, dass fiir den Fall
ohne Kopplung (V = 0) nur der erste Summand iibrig bleibt, da py; = 0 ange-
nommen wurde. Erinnert man sich daran, dass die Vorfaktoren (1 + %) in den
Transformationsmatrix-Elementen S, auftauchen, die in (2.3) definiert worden
sind, kann man das Ergebnis (2.34) umschreiben als

1 27,,_ _ 2 7057.2 w— _ 2 a
PiaPag = gt D erom b (vl mer bVl g [y ) S (2:35)

n,m=1,2

Vernachldssigt man noch die nichtresonanten Terme, vereinfacht sich das Resultat
letztlich zu

1 —2a7?[w— - 2 a a
PliPa = 3 el gy g (2.36)

n=1,2

TIonisation

Zum Schluss sei noch der Fall der Ionisation angesprochen, fiir den die Berech-
nungen mit Hilfe des hier vorgestellten Verfahrens besonders vorteilhaft werden.
Dazu muss der Modell-Hamiltonian H erweitert werden, denn er muss nicht nur
die diskreten elektronischen Niveaus wie H in (1.3), sondern zusiitzlich noch das
Ionisations-Kontinuum enthalten:

H=H+ Z/m dEg [0 (hn + B) (¥, (2.37)
—Jo

wobei h, = T + Vj,(x) den Schwingungs-Hamiltonian des ionischen Zustands

|1/J7(,k)) darstellt und der Index k zur entsprechenden Energie Ej der Elektronen
im Kontinuum gehort. Der Ubergangs-Dipol-Operator lautet dann

=3 [ 4B O (B ]+ (239)

Bei der zeitaufgelosten lonisations-Spektrokopie erhilt man ein Energie-Spektrum
der Photoelektronen, das durch die Besetzungswahrscheinlichkeiten der Kontinuums-
Zusténde beschrieben werden kann [48, 59|

Lion (B, tg) = Z (Up(ta) PP (P | p(ta)) . (2.39)

n
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Fiir die totale Ionenausbeute integriert man iiber alle Energien Fj
Tron (ta) :/ dEy Iron (Ek, ta)- (2.40)
0

Nachdem die Ionisation also formal einer (externen) Absorption in einen ionischen
Zustand im Kontinuum entspricht [vgl. Gl. (2.38)], kann der soeben entwickelte
Formalismus direkt angewendet werden, um ein zeitaufgelostes Photoelektronen-
Spektrum zu berechnen. Dabei muss das Kontinuum nicht diskretisiert werden,
sondern taucht lediglich in den gaufischen Resonanzfaktoren auf, die nun

exp {—ZOsz[w — (B +V; — Wn)]Q} (2.41)

lauten. Damit die Resonanzbedingung erfiillt ist, muf} also ein Photon der Fre-
quenz w sowohl die Energiedifferenz zwischen adiabatischem Zustand |424) und
ionischem Zustand \1/)?”) sowie die Elektronenenergie Fj, aufbringen. Um die to-
tale Ionenausbeute (2.40) direkt zu berechnen, wird iiber Ej, integriert und (2.41)

ersetzt durch 5
,/ll 1+erf<—w_[VI_Wn])
8a T

V2o T

wobei erf(z) = 272 I e " dt fiir die Error-Funktion steht.

Da prinzipiell jeder neutrale elektronische Zustand ionisiert werden kann, miis-
sen Strahlungsiibergéinge von beiden gekoppelten Niveaus [1;) und |¢;) beriick-
sichtigt werden. Fiir das hier betrachtete Zwei-Zustand-System sind die beiden
einfachsten Auswahlregeln, dass (i) beide Zusténde in ein Kontinuum ionisiert
werden oder dass (ii) jeder Zustand in ein anderes Kontinuum iibergeht. Fall (i)
wird im Anhang diskutiert [vgl. Gl. (A.8)]. Nimmt man dagegen an, dass die
Ubergiinge 1) — [} und 1) — Wék)) Dipol-erlaubt sind und vernachléssigt
die nichtresonanten Terme, ergibt sich der zweite Fall als direkte Erweiterung von
(2.36)

, (2.42)

1 ~
PhiPa=7 3 e @lownligh padyad (2.43)

n,m=1,2

Im Vergleich zu Gl. (A.8), die im Fall (i) gilt, fehlen hier in (2.43) die Interferenz-
Terme.
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2.2 Numerische Resultate

2.2.1 Nichtadiabatische Photoisomerisierung

Ein typisches Beispiel fiir ein System, das innere Uberginge aufweist, ist ein
Zwei-Zustand-Modell mit drei Moden zur Beschreibung nichtadiabatischer cis-
trans Photoisomerisierung [vgl. Abb. 2.1(a)]. Das hier untersuchte Modell be-
steht aus einer Reaktionskoordinate, entlang derer die Isomerisierung des Mo-
lekiils stattfindet (die sogenannte , Torsionsmode“ @), einer Schwingungsmode,
die elektronischen Grundzustand und angeregten Zustand koppelt (die sogenann-
te , Kopplungsmode“ z. ), sowie einer total-symmetrischen Schwingungsmode (die
sogenannte , Tuning-Mode“ z;), welche den Energieabstand der beiden Niveaus
moduliert. In der diabatischen Darstellung besteht der Modell-Hamiltonian (1.3)
in der Diagonalen aus den Potentialmatrix-Elementen

Va(d,z,20) = Y dwjad + 6Mx, + VI (g), (2.44)

j=t,c

wobei w; die Frequenz der j-ten Schwingungsmode und k™ der Gradient der
Potentialfliche im angeregten Zustand entlang der ,, Tuning-Mode® ist. In der
Nebendiagonalen von H steht die Kopplung Vis = V5 = Az.. Die chemischen
Aspekte des Modells werden durch die Potentiale entlang der Torsionsmode be-
schrieben:

V() = By & U (1~ cos ). (2.45)

Man beachte, dass das Potential V() (¢) invertiert ist, d.h. der obere diabati-
sche Zustand fiir ¢ = 0 (cis-Konfiguration) wird der untere fiir ¢ = 7 (trans-
Konfiguration). Die entsprechenden Potentialflichen in der adiabatischen Dar-
stellung weisen ein konische Durchschneidung auf, welche als Ausloser fiir Isome-
risierungs-Dynamik und interne Konversion auf Femtosekunden-Zeitskalen gilt
[21, 44]. AuBerdem haben zahlreiche Simulationen von zeit- und frequenzauf-
gelosten Experimenten gezeigt, dass die Beobachtung dieser elementaren pho-
tochemischen Reaktion fiir dieses Modell quasi in Echtzeit moglich ist [43, 55].
Fiir weitere Details beziiglich dieses Modells und seiner Relaxationsdynamik sei
auf die Literatur [21,44,55] verwiesen.

Um die ultraschnelle Photoisomerisierung in diesem Modell zu veranschaulichen,
wird in Abb. 2.2(a) das Spektrum von interner Absorption und Emission in
Abhéngigkeit von Delay-Zeit und Laserfrequenz gezeigt. In der Simulation wur-
de ein 0-formiger Pump-Puls und ein gaufférmiger Probe-Puls der Linge 7 =
10 fs angenommen. Der ultraschnelle Anfangszerfall des Signals zeigt die rasche
Delokalisierung des Wellenpakets auf der angeregten elektronischen Potential-
fliche. Nach ungefahr 100 fs wird die konische Durchschneidung erreicht, was sich
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in der Aufspaltung des Pump-Probe-Spektrums in zwei Komponenten #ufert,
die jeweils dem Energieabstand der elektronischen Zustidnde in der cis- bzw.
trans-Konfiguration entsprechen. Die erste Komponente beschreibt die stimulierte
Emission der Reaktanten wihrend die zweite der Absorption der Photoprodukte
zuzuordnen ist. Fine genauere Untersuchung des Pump-Probe-Signals zeigt, dass
sowohl Absorptions- als auch Emissions-Spektrum quasiperiodische Rekurrenzen
aufweisen, die eine kohérente Wellenpaketdynamik im Grundzustand und ange-
regten Zustand widerspiegeln.

Wie in Abb. 2.2 ersichtlich, werden alle diese Eigenschaften des exakt berechneten
Spektrums (a) durch die Franck-Condon-Approximation (b) sehr gut wiederge-
geben.
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Abbildung 2.2: Zeit- und frequenzaufgeléstes Pump-Probe-Spektrum eines dreidi-
mensionalen Zwei-Zustand-Modells fiir nichtadiabatische Photoisomerisierung. Das
Spektrum wurde (a) exakt und (b) im Rahmen der semiklassischen Franck-Condon-
Approximation berechnet. Dabei wurden impulsive Anregung (J-férmiger Pump-Puls)
und gauBformige Probe-Pulse der Lénge 10 fs angenommen.

Um die Genauigkeit dieser Niherung besser studieren zu koénnen, zeigen die
Abb. 2.3 und 2.4 Schnitte fiir die Frequenzen w = 2.75 eV und w = 4.75 eV,
in denen jeweils die exakten Daten (gepunktete Linie) mit denen der Néhe-
rung (durchgezogene Linie) verglichen werden. Dargestellt sind die Ergebnisse
fiir Probe-Pulse der Liinge (a) 7 = 10 fs, (b) 7 = 20 fs und (c) 7 = 40 fs. > Wie zu
erwarten wird die Franck-Condon-Approximation fiir lingere Pulsdauer schlech-
ter: Man erhilt eine nahezu perfekte Ubereinstimmung der Kurven bei 7 = 10 fs
und eine immer noch sehr gute Néherung bei 7 = 20 fs, aber bei 7 = 40 fs er-
scheinen in der Approximation unechte Strukturen und Peaks, die zeigen, dass die

2In allen Rechnungen wurden die exakten und approximativen Daten mit einem kon-
stanten Faktor skaliert, der so gewihlt wurde, dass die Signale bei maximaler Delay-Zeit
iibereinstimmen.
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natiirliche Mittelung iiber die endliche Pulslénge, die zu einer Verschmierung des
Signals fiihren wiirde, durch den Kurzzeit-Projektor nicht richtig wiedergegeben
werden kann. Es sei hierbei erwéhnt, dass die kiirzeste Schwingungsperiode des
Systems =z 40 fs betrégt. Eine Vernachlédssigung der nuklearen Dynamik wihrend
des Laserpulses - und genau darin besteht die semiklassische Franck-Condon-
Approximation - muss deshalb zwangsldufig scheitern, wenn das Wellenpaket in
dieser Zeitspanne eine signifikante Bewegung macht [48-50,54]. Auflerdem zeigt
sich, dass die Wahl der Laserfrequenz keinen nenneswerten Einfluss auf die Qua-
litdt der Ndherung hat.

(@)

intensity

intensity

intensity

time [fs]

Abbildung 2.3: Vergleich von geniiherten (durchgezogene Linien) und exakten (ge-
punktete Linien) Pump-Probe-Signalen fiir das Photoisomerisierungs-Modell. Die Fre-
quenz des Probe-Lasers betrigt w = 2.75 €V, die Dauer der Probe-Pulse ist (a) 7 = 10
fs, (b) 7 = 20 fs und (c) 7 = 40 fs. Die exakten Rechnungen beriicksichtigen nur
nichtiiberlappende Laserpulse.



26 FRANCK-CONDON-APPROXIMATION

intensity

intensity

intensity

(©)

0 250 500 750 1000

time [fs]

Abbildung 2.4: Wie in Abb. 2.3 nur fiir w=4.75 eV.

Auf jeden Fall sei auf einen groflen Vorteil der Niherungsmethode hingewiesen,
namlich die massive Verkiirzung der benotigten Rechenzeit. Um beispielsweise
die Daten fiir Abb. 2.2(b) zu erhalten, war etwa 50 mal weniger CPU-Zeit er-
forderlich als fiir die exakte Rechnung geméf [34]. Dadurch wird die Simulation
solcher Pump-Probe-Spektren auch fiir kompliziertere groflere Systeme erstmals
praktikabel. Dariiberhinaus erleichtern die hergeleiteten Ausdriicke der Néihe-
rung die Interpretation von zeitaufgeldsten Spektren nichtadiabatisch gekoppel-
ter Molekiilmodelle. So macht Gleichung (2.21) deutlich, dass der Laser im hier
behandelten ,,internen® Fall Uberginge zwischen den gekoppelten adiabatischen
Zusténden induziert, moduliert mit dem Resonanzfaktor e=2e7 (w—=2W)*

Im konkreten Isomerisierungsmodell kann diese Resonanz in zwei Situationen
erzielt werden: In der cis-Konfiguration betriagt der adiabatische Energieabstand
2Ws = 2.75 eV, wihrend in der trans-Konfiguration 2W;,.,,, =4.75 eV gilt.
Stimmt man daher den Laser auf diese Frequenzen ab, liefert das Pump-Probe-
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Signal die zeitabhéngigen Populationswahrscheinlichkeiten

PUIS(t) = (Wo(t)| Prrans Paa| W0 (1)), (2.46)
ac(zis(t) = <\I]0(t)|PcisPad|\110(t)>, (247)

mit Pg = [39) (13| — [434)(1p2d| und den Projektoren P.qns aus (1.16) und
P.;s aus (1.17) auf die trans- bzw. cis-Konfiguration. Dieses theoretische Resultat
konnte durch numerische Studien in [55] bestétigt werden.

2.2.2 Sy — 51 interne Konversion in Pyrazin

Ein Standard-Beispiel fiir ultraschnelle elektronische Relaxationsprozesse und ty-
pisch fiir den Fall duferer Strahlungiibergiinge ist ein Drei-Moden-Modell der
Si(nm*) und So(n7m*) Zusténde in Pyrazin [56], iiber das man in der Literatur
eine Vielzahl theoretischer Studien finden kann. Zum einen gibt es Untersuchun-
gen zur exakten [60,61] und ndherungsweisen [62,63] zeitabhéngigen nicht-Born-
Oppenheimer-Dynamik, zum anderen Simulationen von cw- [64] und zeitauf-
gelosten elektronischen Spektren [58,59]. Das Modell mit seinen beiden Tuning-
Moden und einer Kopplungsmode zeigt eine konische Durchschneidung der S
und Sy Zusténde. Der diabatische Hamiltonian wird in harmonischer Naherung
benutzt - die Parameter finden sich in [56].

Um die interne S, — S; Konversion in Pyrazin in Echtzeit beobachten zu kénnen,
wurde vorgeschlagen (i) die transiente stimulierte Emission in den elektronischen
Grundzustand Sy zu messen [58] , oder (ii) das Molekiil zu ionisieren und ein
zeitaufgeldstes Photoelektronen-Spektrum aufzunehmen. Im ersten Fall besagen
die Auswahlregeln, dass der S;—.So Ubergang Dipol-erlaubt ist, wihrend Sp—S;
verboten und der Sy—S; Ubergang so schwach erlaubt ist, dass man ihn in
guter Ndherung vernachléssigen kann. Es liegt also die Situation eines ,externen®

Strahlungs-Ubergangs (S — Sp) vor, wie er von Gl (2.35) beschrieben wird. Im
zweiten Fall fiihrt die Photoionisation von S; zum ionischen Grundzustand I,
wihrend man von Sy in den angeregten ionischen Zustand I; gelangt [59]. Dies
entspricht einer Situation von zwei ,externen“ Ubergéngen (S1— 1y and Sy — 1)
und damit Gl. (2.43).

Zunichst soll das Pump-Probe-Spektrum fiir stimulierte Emission im dreidimen-
sionalen Modell von Pyrazin untersucht werden. Abbildung 2.5 zeigt ein zeit- und
frequenzaufgelostes Spektrum, das durch Auswertung von Gl. (2.29) entstanden
ist. Dabei wurde ein §-formiger Pump-Puls sowie ein Probe-Puls von 10 fs Dauer
angenommen. Man erkennt, dass das Pump-Probe-Signal bereits innerhalb der
ersten ungefihr 20 fs einen schnellen Anfangszerfall zeigt, der von einer deutli-
chen Rotverschiebung der Emission gefolgt wird. Fiir gréflere Delay-Zeiten zeigt
das Spektrum eine Aufspaltung in zwei Emissions-Bénder, die etwa um die Fre-
quenzen w = 3.3 und 4.8 eV herum liegen. Im weiteren Zeitverlauf kann man
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charakteristische Rekurrenzen des Emission-Signals erkennen, was die Wellenpa-
ketdynamik auf den gekoppelten Potentialflichen widerspiegelt.

Abbildung 2.5: Zeit- und frequenzaufgelostes Pump-Probe-Spektrum fiir stimulierte
Emission in einem Drei-Moden-Modell des So — S; internen Konversionsprozesses in
Pyrazin.

Da das Ubersichts-Spektrum fiir die exakte und niherungsweise Berechnung prak-
tisch ununterscheidbar ist, werden wieder Schnitte durch das Spektrum unter-
sucht. Fiir Probe-Pulse der Linge (a) 10 fs, (b) 20 fs und (c) 30 fs vergleichen
Abb. 2.6 und 2.7 die exakten Rechnungen mit den Resultaten, die im Rahmen der
Franck-Condon-Approximation erhalten worden sind, jeweils bei Frequenzen von
w = 3.3 eV bzw. w = 4.8 eV. Wie auch schon im letzten Abschnitt diskutiert, ist
die Ubereinstimmung fiir kurze Pulse von 10 fs exzellent und fiir 7 =20 fs wenig-
stens noch qualitativ korrekt. Erhéht man die Probe-Puls-Dauer allerdings auf
30 fs, so treten wieder irregulére und artifizielle Strukturen auf, so dass die exak-
ten Referenzdaten durch die Ndherung nur noch sehr grob wiedergegeben werden
kénnen. Dieses Verhalten ist erneut direkt mit der kiirzesten Schwingungsperiode
des Systems von T =~ 32 fs verbunden.

Um die komplexen Strukturen in Abb. 2.5 interpretieren zu kénnen, wird die
Theorie aus dem letzten Kapitel herangezogen. Da nichtresonante Beitrédge in die-
sem Fall vernachléssigt werden konnen, ist es moglich, das Spektrum durch den
einfachen Ausdruck (2.36) zu erkldren, der aus einer Summe (n = 1, 2) iiber Pro-
dukte von Resonanzfaktoren e~27"[w=(Wn=Va)l” ynd Projektoren Sy, [1)24) (/24| S,,
besteht. Aufgrund der Resonanzbedingung w = W,, — V; ist sofort klar, dass die
beiden spektralen Binder bei w = 3.3 und 4.8 eV als Emission aus den adiabati-
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schen Zustanden S; bzw. S, zu identifizieren sind. Verwendet man also resonante
Probe-Frequenzen, sollte das zeitliche Verhalten der Emission mit dem Erwar-
tungswert des entsprechenden Projektors

Pa(t) = (Wo(t)|S2n t3") (Y7 |San [ To (1)) (2.48)

iibereinstimmen, dessen Zeitentwicklung in Abb. 2.8(a) gezeigt wird. Es stellt
sich heraus, dass P; (t) sehr gut mit dem Pump-Probe-Signal fiir w = 3.3 eV (vgl.
Abb. 2.6) iibereinstimmt, das Signal bei w = 4.8 eV (vgl. Abb. 2.7) allerdings
mehr Strukturen zeigt als Pa(t).

(@)
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intensity

intensity
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time [fs]
Abbildung 2.6: Vergleich von geniherten (durchgezogene Linien) und exakten (ge-
punktete Linien) Pump-Probe-Signalen fiir das drei-Moden Modell von Pyrazin. Die

Frequenz des Probe-Lasers betrigt w = 3.3 eV, die Dauer der Probe-Pulse ist (a)
7=101fs, (b) 7 =20 fs und (c) 7 = 30 fs.



30 FRANCK-CONDON-APPROXIMATION

@ |
>
G
c L
g
E |
>
F
c
g
E
(c)
>
2 |
c
g
E ”
0 200 400 600

time [fs]
Abbildung 2.7: Wie in Abb. 2.6 nur fiir w=4.8 eV

Um eine Erkldrung hierfiir zu finden, ist es hilfreich, alle in Kap. 1.3 eingefiihr-
ten Observablen zu untersuchen. So werden die Besetzungswahrscheinlichkeit des
oberen diabatischen Zustands [1/,), des oberen adiabatischen Zustands [139) und
das Betragsquadrat der Autokorrelationsfunktion C(¢) des Anfangszustands in
Abb. 2.8(b) gezeigt. Die grole Wichtigkeit dieser zeitabhingigen Observablen
bei der Diskussion nichtadiabatischer Prozesse in angeregten Zustdnden wurde
ausfiihrlich in der Literatur [18,21,57,58,60,61] diskutiert. In unserem Fall zeigt
die adiabatische Population P,(t) einen schnellen Anfangszerfall innerhalb der
ersten = 20 fs und anschliefend nur noch wenige Rekurrenzen. Fiir groflere Zeiten
erkennt man Fluktuationen um den Langzeit-Limes von 0.05, d.h. das System
befindet sich fast ausschliellich im adiabatischen Grundzustand. Die elektroni-
sche Autokorrelationsfunktion |C(t)|? folgt der adiabatischen Besetzung zumin-
dest qualitativ. Im Gegensatz dazu zeigt die diabatische Population Pg;(¢) nach
dem Anfangszerfall ausgepriagte Rekurrenzen, die die Schwingungsdynamik des
Wellenpakets widerspiegeln. Im Vergleich erkennt man, dass Py(t) die adiabati-
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sche Population P,q(t) sehr gut wiedergibt, wihrend P;(¢) fiir Zeiten ~ 20 fs
mit der diabatische Population Py(t) tibereinstimmt. Das erste Resultat konnte
in dieser Form erwartet werden, das zweite stellt zunichst jedoch eine Uberra-
schung dar, kann aber damit erkldrt werden, dass das obere adiabatische Niveau
praktisch vollstdndig unbesetzt ist und daher die Emission aus dem unteren adia-
batischen Zustand gerade die Population des oberen diabatischen Zustands liefert.
Auf der anderen Seite beschreibt die zeitaufgeloste Emission aus dem oberen adia-
batischen Zustand die Zeitentwicklung der Autokorrelationsfunktion |C(¢)|?. Dies
liegt daran, dass der gauflsche Resonanzfaktor fiir w = 4.8 eV wie ein Projektor
auf den anfinglichen Schwingungszustand wirkt.

population [a.u.]

Ey p———

(b)

N ]
.\ ,
?F:\.,‘ \ I\ 4
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Abbildung 2.8: Zeitabhiingige Observable, die den Prozess interner Konversion Sy —
S7 im Pyrazin-Modell widerspiegeln. Dargestellt sind (a) die Erwartungswerte der Pro-
jektoren P; (gestrichelte Kurve) und P2 (durchgezogene Kurve), sowie (b) das Be-
tragsquadrat der Autokorrelationsfunktion (gepunktete Kurve) und die Populations-
wahrscheinlichkeit des diabatisch (gestrichelte Kurve) bzw. adiabatisch (durchgezogene
Kurve) oberen elektronischen Zustands.
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Alternativ kann man durch zeitaufgeloste Ionisations-Spektroskopie Kenntnisse
iiber die nichtadiabatische Dynamik des Pyrazin-Modells gewinnen. Wie bereits
erwihnt, entspricht diese Ionisation formal einer ,externen“ Absorption in den io-
nischen Zustand [¢{"), wobei der Index k zur entsprechenden kinetischen Energie
E,, des emittierten Elektrons gehért. Aufgrund dieser formalen Aquivalenz ver-
wundert es nicht, dass die Resultate fiir das Photoelektronen-Spektrum sowohl
bei exakter Rechnung, wie auch in der Franck-Condon-Approximation (2.43), den
soeben besprochenen Emissions-Spektren dhneln. Als ein repriisentatives Beispiel
wird in Abb. 2.9 der zeitliche Verlauf eines Photoelektronen-Spektrums bei Fj
=0.56 eV fiir Probe-Pulse von 10 fs gezeigt. Bei dieser Energie der Photoelektro-
nen ist der Probe-Laser gerade resonant zum S, — I; Ubergang und das Signal
liefert daher die diabatische Populationswahrscheinlichkeit Py;(t). Die Qualitit
der Franck-Condon-Né&herung ist dhnlich gut wie in Abb. 2.6, wenngleich schon
erste artifizielle Strukturen auftauchen.

Es ist interessant, diese Ergebnisse mit der totalen Ionen-Ausbeute Ijo,(tq) zu
vergleichen, die aus dem Photoelektronen-Spektrum Iy, (¢4, Ey) durch Integration
iiber Fj, erhalten werden kann. Unter der Annahme von Probe-Pulsen der Linge
(a) 4fs, (b) 16 fs und (c) 32 fs vergleicht Abb. 2.10 die exakten mit den genéiherten
Berechnungen von I, (t4). Es stellt sich heraus, dass die totale Ionenausbeute
durch die Franck-Condon-Approximation besser reproduziert werden kann als die
energieaufgeloste GroBe I, (£, Ex), weil sich durch die zusétzliche Integration
bei der Berechnung von Ij,,(t4) erwartungsgeméfl einzelne Fehler der Néherung
wegmitteln.

intensity
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time [fs]
Abbildung 2.9: Vergleich des geniiherten (durchgezogene Kurve) und exakten (ge-

punktete Kurve aus [59]) Ionisations-Signals des Pyrazin-Modells fiir eine Energie Fj,
= 0.56 €V der Photoelektronen und 16 fs Probe-Pulse.
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total ion yield
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time [fs]
Abbildung 2.10: Vergleich der geniiherten (durchgezogene Kurve) und exakten (ge-

punktete Kurve aus [59]) totalen Ionenausbeute im Drei-Moden-Modell von Pyrazin.
Die Dauer der Probe-Pulse betrdgt (a) 7 =4 fs, (b) 7 = 16 fs und (c¢) 7 = 32 fs.
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2.2.3 Einfluss endlicher Pump-Pulse

Bis jetzt hat sich die gesamte Diskussion auf den Fall impulsiver Anregung,
d.h. -formiger Pump-Pulse reduziert. Insbesondere ist die Linge des Pump-
Pulses damit viel kiirzer als jede Schwingungsbewegung des Molekiils. Aus die-
sem Grund stellt die anfinglich priaparierte Wellenfunktion |¥y(¢)) ein kohéren-
tes Schwingungs-Wellenpaket dar, welches fiir die oszillatorischen Pump-Probe-
Signale verantwortlich ist. Betrachtet man dagegen Pump-Pulse, deren Lénge
iiber den Zeitskalen fiir Schwingungsbewegungen des Systems liegt, so kann keine
kohdrente Wellenpaketdynamik induziert werden und die kohdrenten Transienten
im zeitaufgelosten Signal verschwinden.

Im Fall §-féormiger Pump-Pulse hat sich herausgestellt, dass die Franck-Condon-
Approximation immer dann gut ist, wenn die nukleare Dynamik wihrend des
Probe-Pulses tatsdchlich vernachlissigt werden kann. Im Folgenden soll nun un-
tersucht werden, inwieweit Pump-Pulse endlicher Linge die Anwendbarkeit dieser
Niaherung beeinflussen. Hierzu wird der Pump-Puls exakt beschrieben und fiir den
Probe-Puls wie bisher die Franck-Condon-Approximation verwendet. Dabei sollen
nur nichtiiberlappende Pulse untersucht werden, wobei man diese Einschrénkung
z.B. fiir ,two-color“-Experimente fallen lassen kann, wenn also gewéhrleistet ist,
dass die Wechselwirkung des Systems mit dem Pump-Laser immer vor der mit
dem Probe-Laser erfolgt.

Als reprisentatives Beispiel soll wiederum das Pump-Probe-Signal der stimulier-
ten Emission im Drei-Moden-Modell fiir Pyrazin betrachtet werden. In Abb. 2.6
und 2.7 hat man feststellen konnen, dass die Franck-Condon-Né&herung im Fall
impulsiver Anregung dann deutlich schlechter wird, wenn die Dauer des Probe-
Pulses in den Bereich der schnellsten Schwingungsperiode (7" ~ 32 fs) des Systems
kommt. Unter der Annahme eines resonanten Pump-Lasers (wp, = 4.8 €¢V) und
Pulsdauern von (a) 7p, = 20 fs, (b) 7py = 30 fs bzw. (¢) 7py = 40 fs vergleicht
Abb. 2.11 die Ergebnisse von exakter Rechnung und N&herung fiir einen Probe-
Puls der Lange 30 fs mit der Frequenz w = 4.8 eV. Interessanterweise wird die
Qualitat der Franck-Condon-Approximation betriachtlich besser, wenn man end-
liche Pump-Pulse betrachtet. Genauer gesagt, die unechten hochfrequenten Oszil-
lationen, die im Fall impulsiver Anregung dominant waren [vgl. Abb.2.7(c)] sind
bereits bei einem 20 fs Pump-Puls grofitenteils unterdriickt und bei 7p, = 40 fs
iiberhaupt nicht mehr vorhanden. Dies ist ein Indiz dafiir, dass die hier benutzte
Néaherung sehr sensitiv auf die Schwingungsbewegungen ist, die durch den Pump-
Puls kohérent angeregt worden sind. Auf der anderen Seite muss allerdings auch
angemerkt werden, dass es keine perfekte Ubereinstimmung mit der exakten Re-
ferenz gibt. So werden z.B. die relativen Hohen der Peaks in Abb. 2.11 nur quali-
tativ richtig wiedergegeben. Ahnliche Untersuchungen fiir andere Modellsysteme
haben gezeigt, dass endliche Pump-Pulse i.A. die Qualitit der Franck-Condon-
Approximation verbessern, indem sie die artifiziellen Oszillationen verhindern.
Die Niherung kann aber durchaus trotzdem nur qualitative Ubereinstimmung
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aufweisen, wenn die Probe-Pulse lédnger als die kiirzesten Schwingungsperioden
des Systems sind. Diese Tatsache lidsst sich mit Hilfe der Baker-Hausdorff For-
1
mel edeB = eABT2[ABlr yergtehen, wenn man sich vor Augen fiihrt, dass die
in unserem Fall vernachliassigten Kommutator-Terme proportional zu den nu-
klearen Impulsen p; sind [48]. Obwohl die Mittelwerte (p;,); fiir Pump-Pulse, die
langer als die Schwingungsdauer des Systems sind, gegen 0 gehen, verschwindet
der Erwartungswert der Exponentialfunktion (e®?i); im Allgemeinen nicht. Um
dieses Problem zu umgehen und die Qualitdt der Naherung zu verbessern, kénn-
te man zusétzlich den ersten Korrektur-Term der Baker-Hausdorff-Entwicklung
beriicksichtigen.
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Abbildung 2.11: Einfluss endlicher Pump-Pulse der Linge (a) 7p, = 20 fs, (b)
Tpy = 30 fs und (c) 7py = 40 fs. Verglichen werden geniherte (durchgezogene Kurven)
und exakte (gepunktete Kurven) Pump-Probe-Signale fiir das Drei-Moden-Modell von
Pyrazin bei Probe-Pulsen der Linge 30 fs mit der Laserfrequenz w = 4.8 €eV.






Kapitel 3

Klassische Beschreibung
nichtadiabatischer
Quantendynamik

Besitzt ein quantenmechanisches System ein wohldefiniertes klassisches Analo-
gon, so sind klassische Trajektorienrechnungen ein etabliertes Verfahren, um dy-
namische Prozesse zu simulieren. Dazu wird der zeitabhingige Erwartungswert
einer klassischen Observablen A durch ein Phasenraum-Mittel

Ac(t) = [ sl p)Aix(2), 0] (.1)

ausgedriickt. Hierbei wird A entlang einer klassischen Trajektorie [x(¢), p(¢)] im
2f-dimensionalen Phasenraum ausgewertet, deren Startwerte bei x = (z1, ..., xy)
und p = (p1,...,py) liegen. Diese Startpunkte werden geméif einer klassischen
Phasenraumdichte py(x, p) ermittelt, mit der der quantenmechanische Anfangs-
zustand modelliert wird.

Zur Wahl dieser klassischen Anfangsbedingungen existiert zahlreiche Literatur
[65]. Die gebrauchlichsten Arten sind zum einen die klassische Wignerverteilung
und zum anderen ,action-angle“-Startbedingungen. Da die quantenmechanischen
Anfangszustinde haufig aus harmonischen Oszillatorzustinden gebildet werden,
ist es oftmals sinnvoll, die Wignerfunktion

o flaw2 2
polw,p) = e 22 (3.2)

zu verwenden, bei der durch o = tanh(fw/2kgT) noch thermische Effekte bertick-
sichtigt werden konnen, und deren Verallgemeinerung auf mehrere Koordina-
ten durch einen einfachen Produktansatz erreicht wird. Andererseits stellt es
sich heraus, dass man mit den action-angle Startwerten, bei denen die Wirkung
N = 1(2® + p?) festgelegt wird, oft bessere Ergebnisse erzielt.

37
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Ein grundlegendes Problem klassischer Trajektorienrechnungen ist die Beriick-
sichtigung der quantenmechanischen Nullpunktsenergie (NPE). Anschaulich ist
vollkommen klar, dass durch den vollstindig ungehinderten Fluss von NPE in
den Trajektorien plétzlich energetisch verbotene Bereiche des Phasenraums er-
reicht werden konnten, was als Artefakt angesehen werden muss. Andererseits
kann die NPE auch nicht einfach ignoriert werden. Die Qualitit einer klassischen
Néherung zeigt sich also u.a. darin, wie gut die integrierte Niveaudichte N(FE)
des quantenmechanischen Modells mit dem zugéinglichen Phasenraum des klas-
sischen Analogons iibereinstimmt. Dieser Punkt wird in Abschnitt 3.2 genauer
diskutiert werden.

Interessiert man sich fiir die Dynamik auf nichtadiabatisch gekoppelten Potential-
flaichen, muss das bisher beschriebene Konzept von Trajektorien auf einer einzigen
Born-Oppenheimer-Fléche erweitert werden, da jetzt nukleare und elektronische
Freiheitsgrade sowie deren Kopplung beriicksichtigt werden miissen. In diesem
Fall ist ein rein klassisches Analogon nicht mehr so einfach zu finden und man
verwendet stattdessen gerne gemischt quanten-klassische Modelle. Dabei werden
die leichteren Elektronen weiterhin quantenmechanisch behandelt, wihrend die
Dynamik der schwereren Kerne durch klassische Trajektorien beschrieben wird.
Das bedeutet, dass die nuklearen Orts- und Impuls-Operatoren z,p durch Ort
z(t) und Impuls p(t) einer Trajektorie ersetzt werden, und daher simtliche nu-
kleare Operatoren zu klassischen Funktionen werden, die nun parametrisch vom
Pfad z(t) abhéngen. Deshalb wird dieses Verfahren auch als ,classical path“-
Niaherung bezeichnet. Entlang dieses Pfades wird dann die elektronische Dyna-
mik berechnet, d.h. es wird die Wirkung der klassischen nuklearen auf die noch
quantenmechanischen elektronischen Freiheitsgrade beschrieben.

Die Riickwirkung der elektronischen auf die nuklearen Koordinaten kann auf ver-
schiedene Arten erreicht werden. Eine Moglichkeit ist die selbstkonsistente ,,mean-
field“ Methode nach Ehrenfest, bei der die Kerntrajektorie in einem ,mittleren
Potential“ propagiert wird [25,66-68]. Dieses erhélt man als quantenmechani-
schen Erwartungswert, indem z.B. die diabatischen Potentiale mit den entspre-
chenden elektronischen Besetzungen gemittelt werden.

Eine andere Moglichkeit elektronische und nukleare Koordinaten zu verkniipfen
besteht darin, eine klassische Trajektorie fiir die Kernkoordinaten auf einer be-
stimmten elektronischen Potentialfliche zu berechnen, und die nichtadiabatische
Kopplung der verschiedenen elektronischen Zusténde dadurch zu beriicksichtigen,
dass die Trajektorie mit einer gewissen Wahrscheinlichkeit durch einen instan-
tanen Sprung die Potentialfliche wechseln kann. Dieses Verfahren geht zuriick
auf Landau, Zener und Stiickelberg [26]; neuere Arbeiten zu diesem sogenannten
sSurface-Hopping“ stammen z.B. von Tully [27, 69, 70]. In der Praxis berech-
net man zu jedem Zeitschritt der Propagation aufgrund der momentan Kopp-
lungsstéirke zwischen den vibronisch gekoppelten Potentialflichen eine Sprung-
wahrscheinlichkeit und vergleicht diese mit einer Zufallszahl. Ist ein Wechsel der
elektronischen Potentialfliche im Rahmen der Energieerhaltung erlaubt, wird ein
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solcher Sprung durchgefiihrt, wobei u.U. der nukleare Impuls angepasst werden
muss. Auf diese Weise erhélt man stochastische und unstetige Einzeltrajektorien,
die aber bei ausreichender Anzahl im Ensemble-Mittel das quantenmechanische
Verhalten beschreiben kénnen.

All diesen Verfahren ist gemeinsam, dass die nuklearen und elektronischen Frei-
heitsgrade unterschiedlich behandelt werden. Ein vollstéindig anderer Ansatz be-
steht deshalb im sogenannten Mapping-Formalismus [28], bei dem der (semi-)
klassische Limes sowohl fiir elektronische als auch fiir Kernkoordianten wohldefi-
niert ist. Um dies erreichen zu kénnen, miissen zunéchst die quantenmechanischen
diskreten Freiheitsgrade - hier die elektronischen Koordinaten - auf kontinuierli-
che Variablen abgebildet werden.

Es sei an dieser Stelle erwdhnt, dass es in der Literatur auch alternative Ab-
bildungen von diskreten auf kontinuierliche Freiheitsgrade gibt. Bekannt sind die
Holstein-Primakoff-Transformation [71], bei der Spin-Operatoren auf nichtlineare
Funktionen eines einzigen bosonischen Freiheitsgrads abgebildet werden, sowie die
Drehimpuls-Theorie von Schwinger [29], wo ein Spin durch zwei unabhéngige Bo-
sonen dargestellt wird. Im Spezialfall von zwei Spins bzw. Zustinden stimmt das
hier vorgestellte Mapping-Verfahren mit dem Schwinger-Formalismus iiberein.
Fiir eine ausfiihrlichere Diskussion verschiedener Bosonisierungstechniken und
deren Zusammenhang mit dem Mapping sei auf [28] verwiesen.

Im Folgenden wird im Detail gezeigt, wie ein System mit /V elektronischen Zustédnden
auf N gekoppelte harmonische Oszillatoren abgebildet werden kann. Dadurch
wird es dann moglich, nichtadiabatische Prozesse physikalisch klar und einfach
als Energietransfer zwischen verschiedenen Oszillatoren zu verstehen.
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3.1 Mapping-Formalismus

Betrachtet man ein N-Zustand-System mit den (diabatischen) Basisvektoren
|9,), dem Hamiltonian

N
H= Z | ¥n) (Y| (3.3)
n,m=1
und den Matrix-Elementen Ay, = T(P)dnm + Vim(X) mit der in Kap. 1.1 be-
schriebenen Potentialmatrix, so kann man dieses System durch N harmonische
Oszillatoren darstellen [28]. Dazu fiihrt man folgende Mapping-Relationen fiir
Operatoren und Basisvektoren ein:

V) (m| = alam, :
) = 01y 1nyeee, On)e (3.5)

Hierbei sind af und a,, Erzeugungs- bzw. Vernichtungs-Operatoren fiir harmo-
nische Oszillatoren, die den bekannten Kommutator-Beziehungen [af, an] = dpm
geniigen. |0q,...,1,,...,0y) beschreibt einen Oszillator-Eigenzustand, bei dem
eine einzige Anregung in der n-ten Mode vorliegt. Gem# Gl. (3.4) kann der
Hamiltonian (3.3) dann durch

N
H= Z P @ Qi (3.6)

n,m=1

in dieser Oszillator-Darstellung ausgedriickt werden. Man kann leicht zeigen, dass
durch das Mapping (3.4) der Operatoren die Kommutator-Beziehungen erhalten
bleiben und auch fiir elektronische Matrix-Elemente des Propagators ein exakte
Identitét gilt:

(ule™ ™ ) = (01 ... 1. . Oxle ™40y . . 1 ... Op). (3.7)

Man beachte dabei, dass durch das Mapping der N-Zustand-Hilbertraum for-
mal zunéchst in einen hGherdimensionalen Hilbertraum fiir N harmonische Os-
zillatoren abgebildet wird. Allerdings beschréinkt man sich auf den , physikali-
schen“ Unterraum, in dem sich nur jeweils ein Oszillator im ersten angeregten
Zustand befinden kann. Dieser ebenfalls N-dimensionale Unterraum ist abge-
schlossen beziiglich aller durch (3.4) gemappter Operatoren.

Nach Einfiihrung von verallgemeinerten Orts- und Impuls-Operatoren

Xn = (G’Iz + a’n)/\/ia (38)
P, = i(al —ay)/V2 (3.9)

fiir die harmonischen Oszillatoren und der Benutzung des Kommutators

~

(X, P] = 16 (3.10)
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(mit & = 1) 148t sich (3.6) umschreiben in

H=1" hm(XoXm + PP — Gum)- (3.11)
Um die Populationswahrscheinlichkeit des Zustands |¢,,) beschreiben zu kénnen,

definiert man den elektronischen Besetzungsoperator

N, = L(X2+ P2 -1). (3.12)

1

H= Z N, h, + Z(an(m + P, Py hym.- (3.13)

Auflerdem sei bemerkt, dass durch die Transformation (3.4) die Identitéit im
diskreten Hilberraum auf eine Konstante der Bewegung abgebildet wird

I= Z W’n)w’n‘ — ZNH (3'14)

Somit erhilt man schliefllich
N
H=T®)+> NVa®) + D> (XX + PuBn)Vom(%).  (3.15)
n=1

Der Ubergang von der Quantenmechanik zur klassischen Mechanik erfolgt durch
den Wechsel von den Heisenberg-Operatoren §x(t) (Jx = X, P.. %, p), fiir die
die heisenbergschen Bewegungsgleichungen (ig, = [§i, H]) gelten, zu klassischen
Funktionen, die den hamiltonschen Gleichungen (9 ={y, H }, also beispielsweise
X, =0H/dP;) gehorchen 2 [72,73].

Im Folgenden ist es zweckmifig, eine Transformation zu klassischen Wirkungs-
Winkel-Koordinaten { Ny, Qx} durchzufiihren, die durch

V2N, +1€9% = X +iP, (3.16)

definiert sind. Benutzt man die klassische Version von Gl. (3.14)
> " N = Nia, (3.17)
k

in der fiir jede einzelne Trajektorie Ny = const gilt, kann man einen Freiheits-
grad eliminieren.

'Es wird als einfache Notation h,, = hp, und V, = V,, gesetzt.
2{.,.} steht dabei fiir die Poisson-Klammer.
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Dies wird nun am Spezialfall eines Zwei-Zustand-Systems gezeigt, welches im
Rahmen der weiteren Arbeit verwendet werden wird. Man definiert

n = N2 = Ntot - N1 sowie q = QQ - Ql (318)

und nimmt weiterhin an, dass Ny, = (Nior)=1 gilt, so dass man die Zahl der
elektronischen Freiheitsgrade von vier auf zwei reduzieren kann. Dabei wird ne-
ben der Populationserhaltung noch ausgenutzt, dass die Winkelvariablen )y im
Hamiltonian nur als Differenz auftreten. Somit erhdlt man letztendlich

H=T(p)+ (1 -n)Vi(z) + nVa(z) + Via(z)\/(2n + 1)(3 — 2n) cosq,  (3.19)

fiir ein mittels Vi(z) vibronisch gekoppeltes Zwei-Zustand-System.

Dieses Resultat stimmt mit dem ,,classical electron analog“ von Meyer und Miller
iiberein [68]. Allerdings ist deren Formulierung eine klassische Ndherung, die mehr
oder weniger ad hoc eingefiihrt wird, und somit nicht auf einem exakten quan-
tenmechanischen Ausdruck basiert, wie man ihn mit dem Mapping-Formalismus
erhélt. Dies fiihrt z.B. bei der Behandlung der quantenmechanischen Nullpunkts-
energie (NPE) zu Problemen, da entsprechende Korrekturterme (die sogenannten
,Langer-Modifikationen“) ohne weitere Ableitung eingefiihrt werden miissen und
auch deren exakter Wert nicht begriindet werden kann. Beim Mapping hingegen
erkennt man deutlich, dass der Kommutator (3.10) die Schwierigkeiten bei der
klassischen Beschreibung von NPE verursacht. Je nachdem, wann man den klas-
sischen Limes durchfiihrt, wird die NPE beriicksichtigt oder nicht. Hier bietet
sich die Moglichkeit, durch Einfiihrung eines Parameters I', der den Bruchteil
der NPE angibt, die in der klassischen Rechnung verwendet wird, den Einfluss
dieser NPE-Korrekturen systematisch zu untersuchen. Es wird sich im néchsten
Abschnitt 3.2 herausstellen, dass der Wert von I fiir die korrekte Modellierung
von N(E) eine grofie Rolle spielt.

In diesem Zusammenhang sind auch die klassisch negativen Populationswahr-
scheinlichkeiten zu sehen, da der Wertebereich fiir n zwischen —I" und 14T liegt.
Beim Mapping mit voller NPE ist also n € [—3, 3]. Dies fiihrt im Ensemble-Mittel
in der Regel nicht zu Schwierigkeiten bei der Interpretation, da die Mittelwerte
wieder im physikalisch sinnvollen Bereich zwischen 0 und 1 liegen, fiir Einzeltra-
jektorien und vor allem die periodischen Orbits von Kap. 4.2 hat es sich aber als
intuitiver herausgestellt, die Gréfie

N = (X?+P?)/4 (3.20)

einzufiihren, die per Definition im Intervall [0; 1] liegt und dadurch direkt mit der
quantenmechanischen Besetzungswahrscheinlichkeit vergleichbar ist.
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3.2 Integrierte Zustandsdichte N(F)

Fiir die Berechnung von Reaktionsraten in der , transition state theory* oder ganz
allgemein fiir das Verhalten von Observablen im Langzeitlimes spielt die Niveau-
dichte d(F) der Energieeigenzustinde bzw. die integrierte Niveaudichte N(E) eine
grofie Rolle [74-77]. Fiir eine korrekte klassische Modellierung quantenmechani-
scher Systeme ist es daher unerlisslich, eine geeignete klassische Approximation
dieser Grofle abzuleiten. Dem quantenmechanischen N(E) entspricht dabei in
der klassischen Naherung das energetisch zugéngliche Phasenraumvolumen. Von
daher stellt sich im Rahmen dieser Untersuchungen auch die Frage, wie man mit
bekannten Problemen der quasiklassischen Formulierung wie z.B. dem Fluss von
Nullpunktsenergie (NPE) umzugehen hat. Es wird sich zeigen, dass der im letzten
Abschnitt 3.1 vorgestellte Mapping-Formalismus im Gegensatz zum mean-field-
Ansatz das NPE-Problem fiir einfache Modellsysteme richtig 16st. Fiiir komplizier-
tere Modelle, die viele Schwingungsmoden enthalten, ist das Mapping-Resultat
fiir hohe Energien ebenfalls exakt, wiahrend sich in anderen interessierenden Ener-
giebereichen mit Hilfe der hier vorgestellten Formeln abschitzen lisst, welchen
Wert I, d.h. der zu beriicksichtigende Anteil der NPE, annehmen muss, um die
Quantenresultate richtig zu reproduzieren.

Quantenmechanisch ist die integrierte Niveaudichte definiert als
N(E)=Tr{©(H — E)}, (3.21)

wobei © die heavysidesche Sprungfunktion bezeichnet. In der klassischen Néhe-
rung erhilt man N(FE) durch Integration iiber den energetisch zugénglichen Pha-
senraum

dxdp

Ne(E) = [ Grar O [F = Hix.p) (3.2

mit den Koordinaten x = {x1, s, ...,27} und den zugehéorigen konjugierten Im-

pulsen p = {p1, P, ..., ps}-
Im Fall f ungekoppelter Oszillatoren der Frequenz wy ist das Resultat seit langem

bekannt [74] und die integrierte Niveaudichte lisst sich schreiben als
Ef

N f! Hzle wi.

Im Folgenden soll dieses Resultat auf eine mittels des Mapping-Formalismus er-

haltene klassische Formulierung zweier gekoppelter Potentialflichen V;(z) mit f

Schwingungsmoden iibertragen werden. Der zugehorige Mapping-Hamiltonian fiir
ein sogenanntes Spin-Boson-Modell mit konstanter Kopplung Vi, = g ist

Nuo(E) (3.23)

H=Y lwia?+p?) +(2n—1)A+gcosqy/2n+T)(2+T —2n), (3.24)
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wobei A = [Va(x) — Vi(x)] = 3, kiz; + € mit dem Energiebias e = L(E, — Ey)
und T" den zu beriicksichtigenden Bruchteil der NPE angibt. Um nun N(E) zu
erhalten, wird ©(E — H) iiber den gesamten Phasenraum integriert. Fiihrt man

zunéchst die Integrationen iiber die f nuklearen Koordinaten (x;, p;) durch, ergibt
sich 3

1+1"

N(E) = 27””1_[ » /dn/dq (2n — e+ (2n — 1)2J

MI*—‘

—gcosqy/(2n+T)(2+T — Qn)]f, (3.25)

mit der Reorganisationsenergie J = ZZ 1; Man beachte, dass die Integra-
tionsgrenzen von g so gewahlt werden miissen, dass der gesamte Intergrand positiv
bleibt. Fiir , geniigend groBe“ Energien F (im Fall € = 0 bedeutet diese Bedingung
E > [1+4T]g) oder im Fall verschwindender Kopplung (¢ = 0) ist das gesamte
Intervall von 0 bis 27 erlaubt. Dann kann man auch die letzten Integrationen iiber
die elektronischen Koordinaten problemlos ausfiihren, da es sich lediglich um ein
Polynom in n handelt. Das Ergebnis ldsst sich schliefflich als Potenzreihe in der
Energie E schreiben, wobei der Ausdruck (3.23) fiir f ungekoppelte Oszillatoren
benutzt wird:

Nowp(E) = (1+T) NHO(E)-{H% {@J] (3.26)
n f(gE_Q 1) [(1 ‘;F)Q (g2 +€2) i (1 'EF) JQ] } n O(Eff?’).

Dieses Ergebnis kann man u.a. mit der diabatischen Naherung vergleichen, die ein-
fach die beiden diabatischen Potentiale verwendet und deren Kopplung g definiti-
onsgeméf vernachléssigt. Fiir jeden einzelnen elektronischen Zustand ist demnach
die Oszillator-Formel (3.23) giiltig, allerdings unter zusétzlicher Beriicksichtigung
des Bias € und der Reorganisationsenergie J = ZZ 1 ; L sodass E=E+e¢ +J

in die Gleichung eingesetzt werden muss. Die gesamte integrierte Niveaudichte
ist dann gerade die Summe beider Beitrige, also

Ny (F) = (E—5+J)f®(E—e+J)+(E+e+J)f®(E+e+J)_ (3.27)

3Dies kann durch Einfiihrung von Polarkoordinaten fiir die nuklearen Freiheitsgrade gemif
2
R?=p? + [x, - (27:& und tan(a;) = p;/ [w, — (2";& erreicht werden.
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Zur besseren Veranschaulichung der Qualitdt der unterschiedlichen N&herungen
sollen einige numerische Resultate fiir verschiedene Modellsysteme gezeigt wer-
den.
Zunichst wird der einfachste Fall nur einer Schwingungsmode betrachtet, fiir den
sich GL.(3.26) zu
1+T (1+T)? k2
Nmap(F) = — |F + ————
o(E) 54 ST

w

reduziert. Desweiteren sollen die Modellparameter denen entsprechen, die auch
bei der Untersuchung von periodischen Orbits in Kap. 4.2 verwendet werden:
e=0,w=01¢eVund k = %w. Auflerdem wird dasselbe Modell mit einem
Energiebias von € = 0.25 eV diskutiert.

In Abb. 3.1 werden die Ergebnisse fiir die diabatische Nidherung sowie die Mapping-
Resultate einerseits fiir I' = 1 (d.h. unter Beriicksichtigung der vollen NPE) und
andererseits fiir I' = 0 (d.h. ganz ohne NPE) mit den exakten quantenmechani-
schen Daten verglichen, die aus der Diagonalisierung der Hamilton-Matrix erhal-
ten worden sind.

Es fillt auf, dass die diabatische Approximation fiir dieses Modellsystem zu ei-
nem sehr guten Ergebnis fiihrt. Insbesondere erkennt man in Abb. 3.1 (b), dass
im Fall eines Energiebias ¢ zuerst das untere Potential aufgefiillt wird und dann
ab einer Energie £ = ¢ Zusténde in beiden diabatischen Potentialen erlaubt
sind, weshalb die Niveau-Anzahl N(F) mit doppelter Steigung wichst und die
Kurve an dieser Stelle einen Knick aufweist. Allerdings zeigt sich bei kleinen
Energien, dass dort die Kopplung der beiden Potentialflichen eine grofiere Rol-
le spielt, weshalb deren Vernachléssigung im Fall des diabatischen Ansatzes zu
Fehlern fiihrt. Das Mapping-Resultat stellt dagegen mit voller NPE (I' = 1) eine
hervorragende Naherung der quantenmechanischen integrierten Zustandsdichte
N(FE) dar. Auf der anderen Seite fillt auf, dass die fehlende Beriicksichtigung
der NPE (I' = 0) ein véllig falsches Resultat liefert, welches die quantenmecha-
nischen Daten massiv unterschétzt. Interessanterweise erhilt man fiir den ehren-
festschen mean-field-Ansatz ebenfalls dieses deutlich zu niedrige Ergebnis, weil in
diesem Formalismus keine NPE beriicksichtigt wird. Insbesondere konvergiert das
mean-field-Verfahren daher auch nicht fiir hohe Energien, also dem eigentlichen
klassischen Limes, gegen die Quantenmechanik. Von dieser Seite her erscheint das
Mapping-Verfahren zur klassischen Approximation von Quantensystemen weitaus
besser geeignet.

(3.28)
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Abbildung 3.1: Integrierte Zustandsdichte N (FE) fiir ein eindimensionales Modell (a)
ohne Energiebias ¢ = 0 sowie (b) mit ¢ = 0.25 eV: Quantenmechanische Treppenfunk-
tion der Energieeigenwerte und klassisches Mapping-Resultat fiir I' = 1 bzw. I' = 0. Fiir
den Energiebereich E < (1 + I')g wurde das Mapping-Ergebnis numerisch berechnet.
Die gepunktete Kurve zeigt die diabatische Approximation.
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Die gleiche Untersuchung wird auch fiir ein Zwei-Moden-Modell durchgefiihrt. In
diesem Spezialfall erhélt man aus (3.26)
(1+7T) (1+1)?

(1+1)?
Nmap(E) - m E2 + E 3 J+ 3

(14+T)*
3

g’ 2

5 + Jol . (3.29)
Die Parameter der numerischen Berechnungen sind hier w; = 0.1 eV und k; =
0.05 eV, wy = 0.039 eV und ko = 0.03 eV sowie g = 0.1 eV. Der Energiebias
betriagt wiederum € = 0.25 eV.

Die Resultate fiir Mapping und diabatische N#herung sind in Abb. 3.2(a) dar-
gestellt, wo in Graphik (b) auch noch ein Vier-Moden-Modell diskutiert wird
mit den Parametern ¢ = 0, w; = 0.1 eV und k; = 0.05 eV, wy = 0.05 €V und
ko = 0.03 eV, w3 = 0.038 eV und k3 = 0.02 eV, wy = 0.07 €V und k4 = 0.04 eV,
sowie g = 0.1 eV.

Im Vergleich zum eindimensionalen Modell fillt in Abb. 3.2 auf, dass die Mapping-
Néherung nicht mehr exakt die Quantenmechanik reproduziert, sondern etwas
dariiber liegt. Allerdings wird der klassische Limes im Grenzfall grofier Energien
richtig wiedergegeben. Ist man stattdessen an geringeren Energien interessiert,
bietet sich die Moglichkeit, durch Wahl von I' < 1, d.h. der Beriicksichtigung
nur eines Teiles der NPE, die Gréfle des energetisch zugénglichen klassischen
Phasenraums dem quantenmechanischen N(E) anzupassen, um dann mit diesem
,Fit-Parameter“ weitere interessierende dynamische Observablen zu modellieren.

Die Wahl eines solchen optimalen I' soll hier kurz diskutiert werden. Betrach-
tet man als instruktives Beispiel den Spezialfall e = 0, so vereinfacht sich die
diabatische Niherung (3.27) zu
E+J)f
Nga(E) = 2# = 2Npo(E + J) (3.30)
f ! i—1 Wi

Da dieses diabatische Resultat eine einfache analytische Form besitzt und fiir die
hier behandelten Spin-Boson-Modelle eine gute Nihrung der exakten Quanten-
mechanik darstellt, liegt es nahe, den Bruchteil I' der im Mapping-Formalismus
zu beriicksichtigenden NPE anhand dieser Formel zu fitten. Vernachléssigt man
daher in (3.26) die Terme mit der Kopplung g, weil sie in dem diabatischen Aus-
druck auch nicht vorkommen, erhélt man

S EEDE () (2)

=0

Nimap(E) = Nuo(E) - (3.31)

Der einzige Unterschied zwischen den beiden Approximationen (3.30) und (3.31)
besteht in den fettgedruckten Termen. Dabei wird der Faktor 2 (wegen der zwei
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Abbildung 3.2: Integrierte Zustandsdichte N (F) fiir (a) ein zweidimensionales und (b)
ein vierdimensionales Modell (Parameter siehe Text): Quantenmechanische Treppen-
funktion der Energieeigenwerte und klassisches Mapping-Resultat fiir I' = 1 bzw. I’ = 0.
Im Bereich niedriger Energien wurde das Mapping-Ergebnis numerisch berechnet. Die
gepunktete Kurve zeigt die diabatische Approximation.



INTEGRIERTE ZUSTANDSDICHTE N (E) 49

elektronischen Zustéinde) im diabatischen Fall durch einen komplizierteren Aus-
druck in der Mapping-Formel ersetzt, der von I' abhéngt. Prinzipiell liefe sich
nun durch Koeffizientenvergleich der optimale Wert von I' bestimmen. Dies fiihrt
jedoch bei f Schwingungsmoden zu einer Gleichung in I' vom Grad 2f + 1, die
analytisch nicht l6sbar ist.

Ist man nur ungefihr an einem Wert von I' interessiert, kann man jede Ordnung
getrennt 10sen, was zu I'g = 1 fithrt und fiir n > 1

T, = >%/22n+1) -1 (3.32)

ergibt. * Man beachte, dass fiir n — oo folgt I', — 0.
Méchte man I' z.B. fiir die ersten Ordnungen 0,1,2 ndherungsweise bestimmen,
kann man eine lineare Approximation geméf

f(f-1 J?

=1+ 7 2m -1+ DTy =0 (339)

einfiihren, wobei in jeder Ordnung % — 2 durch m,(I' — T'y) ersetzt wird.

Die Steigung m,, erhélt man entweder aus einer Taylor-Entwicklung, oder - und
das stellte sich als sinnvoller heraus - als Steigung der Sekante, die durch die
Nullstelle und den Wert bei I' = 1 gegeben ist:

22n+1
2n+1 2

-1,

m, =

Dieses Verfahren kann im Prinzip auf alle Ordnungen erweitert werden, was zu

1+ 5 Tum, ( / ) ()"

n

esm (1) @

n

'~ (3.34)

fiihrt. Hieraus erkennt man beispielsweise, dass bei fester Energie E der Wert von
[' — 0 geht, wenn die Anzahl der Moden steigt (f — oc0). Modelle sehr kleiner
Molekiile mit nur wenigen Schwingungsmoden liefern einen Wert fiir [ von 0.8-1,
wahrend typischerweise I' ~ 0.5 bei Systemen mit etwas mehr Schwingungs-
Freiheitsgraden verwendet wird.

Es sei an dieser Stelle noch angemerkt, dass der Wert fiir das optimale I" ebenfalls
gegen null geht, wenn die Anzahl der betrachteten elektronischen Niveaus erhcht
wird [78].

4Die nichsten Werte sind I'y = 0.817,T3 = 0.585,T'3 = 0.458.
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Die gleiche Untersuchung kann auch fiir ein Modell mit f — 1 harmonischen
Tuning-Moden und einer Kopplungsmode x. durchgefiihrt werden, d.h. anstelle
der konstanten Kopplung betrachtet man hier Vis = V5 = ¢ - ..

In diesem Fall lautet der klassische Mapping-Hamiltonian:

-1
H= lwi(z? +p2) + (2n — 1)A + gz.cosgy/(2n +T)(2+ T — 2n), (3.35)

l,c

~n

~.
Il

und die integrierte Niveaudichte N(E) kann analog zum Spin-Boson-Modell be-
rechnet werden. Anstelle von Gleichung (3.26) erhélt man nun

Nuop(E) = (1+F)NHO(E)'{1+i[w (‘H 92>]

E 3 2w,
f(f=-1)|a+D)?, (+D)* 2\, 2. ¢

+ =5 3 g2 + - (J2+<2—wc> +§J2%)”

+ O(E3). (3.36)

Man beachte, dass die Kopplung in diesem Fall immer quadratisch als ¢? auf-
taucht, und zwar in jeder Ordnung der Entwicklung. Im zuvor diskutierten Mo-
dell mit konstanter Kopplung kam ¢ nur in den geraden Ordnungen vor, also
erstmals bei E/~2. Dies zeigt, dass das System mit einer Kopplungsmode sehr
viel sensitiver auf g reagiert als das Spin-Boson-Modell.

Da in der diabatischen N#dherung die Kopplung per definitionem vernachléssigt
wird, sind hier die beiden Resultate identisch. Daher erkennt man in Abb. 3.3(a),
dass die diabatische Approximation im dargestellten numerischen Beispiel ei-
nes Zwei-Moden-Modells mit den Parametern w; = 0.1 ¢V und k; = 0.05 eV,
we = 0.039 eV, g = 0.1 eV und ¢ = 0.25 eV das exakte Quantenresultat nur
unzureichend wiedergibt. Die adiabatische Naherung reproduziert die Quanten-
referenz sehr gut, hat aber den Nachteil, dass sie nicht analytisch sondern nur
numerisch z.B. durch Monte-Carlo-Integration berechnet werden kann. Lediglich
fiir sehr niedrige Energien kann man u.U. die Wurzel in (2.2) ndherungsweise in
eine Potenzreihe entwickeln und das entstehende Integral analytisch 16sen. Die
Mapping-Formel (3.36) ist dagegen rein analytisch. Wie in Abb. 3.3 (b) ersicht-
lich, iiber- bzw. unterschitzt das Mapping-Ergebnis mit voller (I' = 1) bzw. ganz
ohne (I' = 0) NPE das Quantenresultat deutlich. Allerdings ergibt sich ein besse-
rer Fit, wenn man die NPE nur zu einem Teil beriicksichtigt, d.h. einen geeigneten
Wert wie z.B. T' = 0.8 verwendet.



INTEGRIERTE ZUSTANDSDICHTE N (E) 51

300

200 r

N(E)

100

E [eV]

200 r

N(E)

100

E [eV]

Abbildung 3.3: Integrierte Zustandsdichte N (F) fiir ein zweidimensionales Modell mit
Kopplungsmode: Die quantenmechanische Stufenfunktion wird verglichen (a) mit der
adiabatischen (gestrichelt) und diabatischen Approximation (gepunktet) sowie (b) mit
dem klassischen Mapping-Resultat fiir I' = 1, T' = 0 (jeweils durchgezogen) und I = 0.8
(gestrichelt). Im Bereich niedriger Energien wurde das Mapping-Ergebnis numerisch
berechnet.






Kapitel 4

Phasenraum-Untersuchung der
klassischen Dynamik

Nachdem durch den Mapping-Formalismus im letzten Kapitel eine klassische For-
mulierung fiir nichtadiabatische Quantendynamik in vibronisch gekoppelten Mo-
lekiilmodellen gefunden werden konnte, soll nun dieses klassische Analogon und
seine Dynamik eingehend studiert werden. Den grofiten Raum wird dabei die
Diskussion vollkommen neuer vibronischer periodischer Orbits einnehmen, mit
deren Hilfe einige quantenmechanische Observablen simuliert und auf physika-
lisch intuitive Weise erkléart werden konnen.

Als moglichst einfaches System wird ein Zwei-Zustand-Modell mit einer harmo-
nischen Schwingungsmode und konstanter Kopplung Vis = V5 = ¢ der bei-
den elektronischen Niveaus betrachtet. Die diabatischen Potentiale lauten V,, =

%wﬁ + knpx, wobei eine symmetrische Verschiebung x; = —ks = Kk angenom-
men wird, wodurch das Modell dquivalent zum bekannten Spin-Boson-Problem
ist [79].

Abbildung 4.1 zeigt diese diabatischen Potentialkurven, die sich bei z = 0 schnei-
den, sowie die entsprechenden adiabatischen Potentiale, bei denen man eine ver-
miedene Kreuzung erkennen kann. Fiir dieses System ergibt sich aus (3.19) die
spezielle Hamiltonfunktion

H= %(p2 +22) 4+ (2n — 1)kz + g/(2n 4+ 1)(3 — 2n) cos q, (4.1)

die im weiteren Verlauf der Untersuchung benutzt werden wird. Als Parameter
werden g = 0.1 eV, w = g und Kk = 0.5¢g gew#hlt, was von der Gréflenordnung
her realistischen Molekiilmodellen entspricht.

93
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Abbildung 4.1: Diabatische (durchgezogene Kurve) und adiabatische (gestrichelte
Kurve) Potentialkurven fiir das betrachtete eindimensionale Zwei-Zustand-Modell. Das
gaulsche Wellenpaket deutet den préparierten Anfangszustand des Systems bei t = 0
an.
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4.1 Poincaré-Schnitte

In diesem Abschnitt wird die klassische Dynamik des gemappten Zwei-Zustand-
Modells mit Hilfe von Poincaré-Schnitten (PS) untersucht [80]. Ahnliche Studien
sind bereits fiir den ehrenfestschen ,mean-field“-Ansatz [81] sowie fiir das klas-
sische ,electron analog“-Modell [82] durchgefiihrt worden. Die PS erhilt man
durch Festlegen der Gesamtenergie £ und der elektronischen Winkelvariable g,
indem man die Schnittpunkte jeder klassischen Trajektorie mit der (z, p)-Fliche
darstellt, wobei z und p die nuklearen Phasenraumkoordinaten sind. Fiir feste
Werte von F, g,z und p ist auch die verbleibende elektronische Koordinate n
bestimmt [vgl. Gl. (A.17)] und es kann eine lange Trajektorie mit diesen An-
fangswerten berechnet werden. Ein erstes Beispiel hierfiir ist in Abb. 4.2(a) dar-
gestellt, wo der Poincaré-Schnitt bei ¢ = 0 (fiir die Durchstossrichtung ¢ > 0)
und £ = 0.65 eV gezeigt wird. Wie in Abb. 4.1 skizziert, entspricht diese Energie
gerade einer Anregung des Systems auf die diabatische Potentialfliche |t5) bei
z =3, dh. E =Vy(z = 3)+ jw. In jedem PS sind die Grenzen des energetisch
zugénglichen Phasenraums mit durchgezogenen Linien markiert.

In Abb. 4.2 erkennt man, dass das hier betrachtete Modell eine gemischte Dy-
namik zeigt: Weite Teile des energetisch erlaubten Phasenraums zeigen chaoti-
sches Verhalten, aber es gibt auch Inseln reguldrer Dynamik. Wie von Perci-
val [83] beschrieben, kénnen diese integrablen Inseln auf zwei Arten zum ge-
samten Phasenraum-Mittel dynamischer Korrelationsfunktionen beitragen. Zum
einen sind sie natiirlich ein Teil des Phasenraums, iiber den integriert werden
muss, zum anderen werden Korrelationsfunktionen, die zum chaotischen (er-
godischen) Teil gehoren, durch Trajektorien beeinflusst, die an hierarchischen
Phasenraum-Strukturen an den Grenzen zu diesen Inseln ,kleben“ bleiben. Es
ist daher notwendig, die von diesen integrablen Inseln verursachte Dynamik zu
verstehen, wenn man mogliche Rekurrenzen in quantenmechanischen Korrelati-
onsfunktionen mittels einer Untersuchung des klassischen Phasenraums beschrei-
ben mdéchte.

Um sicherzustellen, dass keine wichtigen Figenschaften des Phasenraums iiber-
sehen werden, wenn man sich bei der Diskussion von Poincaré-Schnitten auf nur
einen Wert der elektronischen Phase (¢ = 0) beschriinkt, zeigt Abb. 4.2 ebenfalls
die PS fiir (b) ¢ = 7/2 und (¢) ¢ = w. Mit der Variation von ¢ beobachtet man ei-
ne Deformation sowohl des energetisch zugénglichen Bereichs im Phasenraum als
auch der integrablen Inseln. Eine ausfiihrlichere Untersuchung zeigt, dass jedoch
keine neue Informationen durch die Variation von ¢ gewonnen werden konnen,
weshalb im Folgenden immer der Fall ¢ = 0 angenommen wird.
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Abbildung 4.2: Poincaré-Schnitte fiir das gemappte Zwei-Zustand-System (4.1) bei
der Energie E = 0.65 eV. Die elektronische Phase ¢ ist bei Werten von (a) ¢ = 0, (b)
g =m/2 und (c) g = 7 fixiert.
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Es ist interessant zu analysieren, wie die Dynamik im Phasenraum des gemapp-
ten Zwei-Zustand-Modells von der Gesamtenergie £ des Systems abhéngt. Abbil-
dung 4.3 zeigt PS fiir Energien zwischen 0.1 und 1.5 eV und macht deutlich, dass
der zugéingliche Phasenraum bei mehr zur Verfiigung gestellter Energie gréfier
wird. Diese Grenzen des energetisch erlaubten Phasenraums sind durch

W

Pmax(T) = :|:\/g (E — g:cQ + 2/{:1:),

Pmin(Z) = i\/g (E L S Ny gQ> (4.2)
w 2
gegeben, wobei pmax(z) die dulere Grenze beschreibt und pmin(x) fiir den verbo-
tenen Bereich in der Mitte verantwortlich ist - eine detailierte Herleitung hierfiir
findet sich im Anhang A.3. Wird die Energie erh6ht, kann man zwei unterschied-
liche Effekte beobachten: Erstens erscheint die Projektion des entsprechenden
Phasenraums im PS in der Form einer Ellipse, da bei grolen Energien die Bewe-
gung hauptséchlich durch das Potential des harmonischen Oszillators bestimmt
wird, zweitens besteht diese Ellipse aus einem schmalen Band chaotischer Dy-
namik. Reduziert man die Energie andererseits, erhilt man eine hohere Anzahl
integrabler Inseln im Vergleich zum chaotischen Phasenraumanteil. Bei sehr nied-
rigen Energien (E < 2¢g = 0.2 V) dndert sich das qualitative Bild: Die Bewegung
ist nun grofitenteils integrabel und die verbotene Zone in der Mitte der Ellipse
ist verschwunden [d.h. pp,(x) = 0].
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Abbildung 4.3: Poincaré-Schnitte fiir das gemappte Zwei-Zustand-System (4.1) bei
g = 0 und den Energien E = (a) 0.1 eV, (b) 0.2 €V, (c) 0.3 eV, (d) 0.65 eV, (e) 1.0 eV
und (f) 1.5 eV.



VIBRONISCHE PERIODISCHE ORBITS 59

4.2 Vibronische Periodische Orbits

Um die periodischen Orbits (PO) des Systems zu finden, muss man die Fixpunk-
te (oder periodischen Punkte) der Poincaré-Abbildung bestimmen [84]. Diese
Punkte, die zu einigen reprisentativen POs gehéren, sind in Abb. 4.4 fiir das
gemappte Zwei-Zustand-System (4.1) bei einer Gesamtenergie von E = 0.65 eV
gezeigt. Die Eigenschaften der zugehorigen Orbits sind in Tabelle 4.1 aufgelistet.
Die romischen Zahlen, mit denen die POs beschriftet werden, geben an, wie oft
die Trajektorie durch die (z,p)-Ebene des Poincaré-Schnitts lduft, bis eine Peri-
ode beendet ist. ! So werden die beiden kiirzesten Orbits, die nur einen einzigen
Schnittpunkt mit dem PS haben, als Ia und Ib bezeichnet und Orbits der Periode
I genannt. Die entsprechenden Fixpunkte liegen auf der z-Achse bei p = 0 und
z = 3.330 bzw. x = —2.725. Die meisten POs, die gefunden wurden, sind stabil 2
und liegen innerhalb der Inseln reguldrer Dynamik.

Tabelle 4.1: Startwerte (z,p) fiir ¢ = 0, Periodendauer T, Symmetrie (ja/nein),
und Ljapunov-Exponenten X pro Periode einiger representativer vibronischer periodi-
scher Orbits des gemappten Zwei-Zustand-Systems (4.1) bei einer Gesamtenergie von
0.65 eV.

Orbit x P T [fs] Sym A
Ia 3.330 0 39.2 j 0
b | -2.725 0 36.4 i 0
II 3.099 -2.352 46.3 n 0

IIa 3.163 -0.275 117.8 j 0
IIIb 3.261 0 117.8 ] 0.19
\Y 2.9216 0 196.6 n 0
Via 4.061 -0.373 157.6 n 1.63
VIb 3.663 -1.736 135.1 j 2.99

VIII 2.995 0.2 314.4 n 0

Mit Ausnahme der Orbits Ib und II findet sich die Mehrzahl der stabilen Orbits
in der grofiten und wichtigsten integrablen Inseln um (z,p) = (3.33,0) herum,
weshalb dieser Bereich des Phasenraums in Abb. 4.4(b) nochmals vergréfiert dar-
gestellt ist. In dieser Insel konnten POs bis zur Periode 13 gefunden werden.
Dariiberhinaus lassen sich zahlreiche instabile Orbits finden, deren Fixpunkte
(z.B. fiir VIa,b) in den chaotischen Regionen das Phasenraums liegen. Eine Aus-
nahme bildet dabei das kiirzeste instabile Orbit ITIb, welches innerhalb der inte-

!Man beachte, dass diese Definition von dem speziell gewiihlten Poincaré-Schnitt, d.h. von
dem Wert der festgehaltenen Variablen g abhingt.

2Genauer gesagt sind diese Orbits marginal stabil, was bedeutet, dass ihr Ljapunov-
Exponent null ist.
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grablen Insel liegt und als heteroklin bezeichnet wird [80)].

p
X
> (b)
0.5 |
p o >
-0.5 | 1
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Abbildung 4.4: Fixpunkte der Poincaré-Abbildung bei einer Energie von E = 0.65 eV.
Die romischen Zahlen geben an, wie oft das entsprechende Orbit den PS schneidet. In
(b) ist eine Vergrofierung der wichtigsten integrablen Insel um (z,p) = (3.33,0) herum
gezeigt. Die durchgezogenen Linien stellen dabei verschiedene Tori des Systems dar.
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Beschreibt man die nukleare Dynamik wie iiblich mit der Koordinate x kann man
das vibronische periodische Orbit in der (n,z)-Ebene darstellen. Dabei ist zu be-
achten, dass es sich um die Population des diabatischen Zustands [1),) handelt,
der zur Definition des molekularen Hamiltonian verwendet wurde. Zu Interpre-
tationszwecken ist es jedoch oftmals giinstig, in die adiabatische Darstellung zu
wechseln [siehe Gl. (1.2)] und auch die adiabatische Population n,q einzufiihren,
wobei n,g = —3 zum unteren und n,g = 3 zum oberen Niveau gehort. Dadurch
lassen sich die POs auch in der (n,q,x)-Ebene veranschaulichen.

Abbildung 4.5 zeigt die diabatische (links) und adiabatische (rechts) Darstel-
lung einiger POs des vibronisch gekoppelten Systems. Aufler Orbit VIb sind alle
dargestellten Orbits , self-retracing®, d.h. laufen den selben Weg zwischen zwei
Umkehrpunkten hin und zuriick. Sdmtliche POs zeigen die Symmetrie der zu-
grunde liegenden Potentiale, die in Abb. 4.1 dargestellt sind: Die adiabatischen
Potentiale sind spiegelsymmetrisch zur Achse x = 0, die diabatischen werden bei
einer Reflektion an dieser Achse gerade vertauscht (V] <> V3). Als direkte Konse-
quenz daraus sind die diabatischen Orbits entweder punktsymmetrisch zu (z,n)
= (0,0.5), wie beispielsweise Ia oder Ib, oder sie treten als Dubletts auf, wobei
die beiden Partnerorbits durch Reflektion an der Achse z = 0 und gleichzeitiger
Transformation n <+ 1—n ineinander iibergehen (z.B. Orbits IT oder V). Die Start-
werte (z,p) und (z',p') solcher Partner-POs erfiillen (z/,p') = (—2z, —p). Uber-
tragen in die adiabatische Darstellung bedeutet das: Entweder die adiabatischen
Orbits sind spiegelsymmetrisch zu x = 0, oder es gibt ein spiegelsymmetrisches
Partnerorbit.

Eine noch anschaulichere Darstellung der POs erhilt man, wenn man die periodi-
schen Bahnen direkt in die diabatischen bzw. adiabatischen Potentiale einzeich-
net. Dazu verwendet man am geschicktesten die elektronische Population N, die
in G1.(3.20) definiert worden ist und als Projektion von n in das Intervall [0;1]
verstanden werden kann. Der Wert von N = 0 bedeutet dabei, dass das Orbit
vollstindig auf der unteren Potentialkurve verlduft, wihrend N = 1 eine komplet-
te Besetzung des oberen Potentials anzeigt. Deshalb werden in Abb. 4.6 neben den
periodischen Bahnen in der (N, z)-Ebene auch noch die Kurven NV, + (1-N)V;
in den diabatischen sowie N,gWs + (1—N,q)W7 in den adiabatischen Potentialen
gezeigt.

Im Folgenden sollen nun einige Eigenschaften der kiirzesten POs im Detail dis-
kutiert werden, weil sich spéter zeigen wird, dass hauptsédchlich diese Orbits die
Kurzzeitdynamik des betrachteten Systems beeinflussen. Das kiirzeste PO, Orbit
Ib, schwingt zwischen den beiden Umkehrpunkten bei x &~ +2.725 hin und her.
Dabei oszilliert es zwischen den diabatischen Zustédnden [i1) und |t);), wihrend
es im Wesentlichen auf dem oberen adiabatischen Niveau lokalisiert ist, wie man
in Abb. 4.6 A gut sehen kann. Diese Tatsache erklért die Periodendauer von
36.4 fs, die sehr gut mit der Periode T34 = 35 fs fiir einen quadratischen Fit
des oberen adiabatischen Potentials iibereinstimmt. Dagegen bleiben Orbit Ila
(siehe Abb. 4.6 B) und sein symmetrisches Partnerorbit hauptséchlich auf der
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Abbildung 4.5: Vibronische periodische Orbits eines gekoppelten elektronischen Zwei-
Zustand-Systems mit einer harmonischen Schwingungsmode. Alle Orbits sind darge-
stellt als Funktion der nuklearen Koordinate £ und der elektronischen Population 7,
genauer gesagt n = ng; (linke Seite) bzw. n = n,q (rechte Seite). Die Gesamtenergie
des Systems ist £ = 0.65eV.
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Abbildung 4.6: Andere Darstellung der vibronischen periodischen Orbits des Zwei-
Zustand-Systems. Zusétzlich zur klassischen Trajektorie in der (N, z)-Ebene werden
die POs auch noch in die diabatischen Potentiale V7, Vs (gestrichelte und gepunk-
tete Kurven auf der linken Seite) sowie die entsprechenden adiabatischen Potentiale
W1, W, (rechte Seite) eingezeichnet. Das schematische gauflsche Wellenpaket deutet
die Anfangsbedingung an und zeigt, dass die Orbits Ia und Ib (Graphik C und A)
verantwortlich fiir die Kurzzeitdynamik nach impulsiver Anregung in V; sind, wéhrend
Orbit ITa (Graphik B) und sein symmetrisches Partnerorbit bei der Anregung in V;

eine wichtige Rolle spielen.
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unteren adiabatischen Flache, weshalb seine Periodendauer von 46.3 fs in der
Nihe von T2 = 50 fs liegt. Neben solchen POs, deren Dynamik im Wesent-
lichen auf eine adiabatische Potentialfliche beschriankt ist, gibt es auch noch
Orbits, die sich auf oder zwischen verschiedenen adiabatischen Niveaus bewe-
gen. Das kiirzeste Orbit aus dieser Kategorie ist Ia (siehe Abb. 4.6 C) mit einer
Periode von 39.2 fs. Wihrend die adiabatische Population Werte um n,q = 0.5
herum annimmt, zeigt das PO in der diabatischen Basis Oszillationen mit der
Rabi-Frequenz W (z) = /[Va(z) — Vi(x)]? + 492 Mittelt man W (z) iiber das ge-
samte Orbit, erhélt man ~ 12 fs als Periode dieser diabatischen Oszillation, d.h.
wihrend eines Umlaufs in = schwingt die Trajektorie ungefihr dreimal zwischen
den diabatischen elektronischen Zustdnden hin und her.

Es stellt sich heraus, dass das Orbit Ia von besonderer Wichtigkeit ist, da es im
Zentrum der grofiten integrablen Insel liegt, und daher in seinem Umkreis viele
POs zu finden sind, die als Wiederholung dieses Orbits mit leicht verschobenen
Umkehrpunkten zu interpretieren sind. Beispiele hierfiir sind IIla, V und VIII
mit drei, fiinf bzw. acht Wiederholungen.

Periodendauer [fs]

04 05 06 07 08 09 1
Energie [eV]

Abbildung 4.7: Periodendauer von Orbit Ia in Abhéingigkeit der Energie F.

Es ist bekannt, dass Anzahl und vor allem Eigenschaften der periodischen Orbits
sehr empfindlich von der Gesamtenergie E des Systems abhiingen. Betrachtet
man beispielsweise sehr niedrige Energien, so wird ein zweidimensionales System
nur zwei verschiedene ,,Familien“ von Orbits besitzen, ndmlich gerade die Eigen-
schwingungen des Systems. Erhoht man die Energie, konnen durch Bifurkationen
neue PO-Familien aus den urspriinglichen entstehen [85]. Eine umfassendere Stu-
die dieses Sachverhalts wiirde den Rahmen dieser Arbeit sprengen und ginge an
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der eigentlichen Zielstellung des Themas vorbei, deshalb soll die Energieabhéngig-
keit nur an speziellen POs exemplarisch untersucht werden. Abbildung 4.7 zeigt
z.B. die Periodendauer des wichtigsten Orbits Ia als Funktion der Gesamtenergie.
Um die entsprechenden Daten zu erhalten, wurde ein iteratives Verfahren verwen-
det, in dem der Fixpunkt (z,p), der zu einer bestimmten Energie Fy gehort, als
Startpunkt fiir den Such-Algorithmus periodischer Bahnen bei der neuen Energie
Ey + AFE eingestzt wird. Wie in Abb. 4.7 ersichtlich &ndert sich die Dauer des
Orbits Ia im gesamten Energiebereich 0.3 eV < E <1 eV nur sehr wenig. Auf der
anderen Seite sei angemerkt, dass das andere PO mit Periode 1, das Orbit Ib, bei
Energien iiber 0.65 eV nicht mehr gefunden werden kann, weil dann der Fixpunkt
auflerhalb des energetisch zugénglichen Phasenraumbereichs liegen wiirde.

4.2.1 Berechnung quantenmechanischer Observablen

Um eine klassische Untersuchung der nichtadiabatischen Quantendynamik durch-
fithren zu konnen, ist es notwendig, eine quasiklassische Approximation herzulei-
ten, in der zeitabhingige Groflen des vibronisch gekoppelten Systems durch die
vibronischen periodischen Orbits des klassischen Analogons ausgedriickt werden.
Es ist allgemein bekannt, dass der zeitabhéingige Erwartungswert einer Observa-
blen A wie in Kap. 3 beschrieben durch ein Phasenraummittel berechnet werden
kann [siehe Gl. (3.1)], welches entlang eines Ensembles von zufillig gestarteten
Trajektorien ausgewertet wird. Der quantenmechanische Anfangszustand wird
dabei mit Hilfe der klassischen Dichtefuntion py(z,p) beriicksichtigt.

Im Weiteren soll gezeigt werden, dass man in guter Ndherung dieses aufwéndige
Phasenraumintegral (bzw. Trajektorien-Ensemble) bereits durch einige wenige
periodische Bahnen darstellen kann. Dazu wird angenommen, dass der grofite
und wichtigste Beitrag der Gesamtdynamik, die fiir die betrachteten Oberserva-
blen eine Rolle spielt, von den integrablen Inseln im Phasenraum stammt [83].
Dabei kann die Wichtigkeit einer solchen Insel durch den Beitrag des jeweiligen
zentralen , Hauptorbits“ abgeschétzt werden, welches i.A. ein kurzes und stabiles
PO ist. ? Beispielsweise ist Orbit Ia das zentrale PO der grofien integrablen Insel
um (z,p) = (3.3,0). Ein Vergleich dieses Orbits mit POs wie z.B. den Orbits III,
V oder VIII, deren Fixpunkte in direkter Nachbarschaft liegen, zeigt, dass man
letztere als wiederholte Aneinanderreihung von Ia mit jeweils leicht verschoben
Umkehrpunkten deuten kann. Deshalb kénnen die wichtigsten Eigenschaften der
Dynamik bereits in dem einzelnen ,, Hauptorbit“ gefunden werden. Diese Uber-
legung gilt in dieser Form ebenfalls fiir die anderen Inseln regulirer Dynamik
und deren POs. Aus diesem Grund erscheint die Niherung sinnvoll, dass die
Gesamtdynamik des Systems bereits durch das Verhalten einiger weniger kurzer

3Dies ist moglich, falls die Eigenschaften des Orbits im Wesentlichen unveréndert bleiben,
wenn man den Startpunkt von der Mitte bis zum Rand der integrablen Insel variiert. In diesem
Fall zeigen alle Trajektorien, die in dieser Phasenraumregion starten, das gleiche quasiperiodi-
sche Verhalten, das (fiir kurze Zeiten) durch das kiirzeste PO dargestellt werden kann [86,87].
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periodischer Orbits bestimmt werden kann. Das Phasenraum-Integral in GL (3.1)
kann in diesem Fall approximativ durch eine zeitliche Mittelung iiber eben die-
se wichtigsten Orbits ausgedriickt werden. Bezeichnet man die Koordinaten des
k-ten POs mit der Periodendauer Ty durch [z (t), px(t)] erhilt man

1) = [ ooy S [ st — 200l el 1AL, p00)

= Zwk/ drpolzi(T), pr(T)] Al (E+7), pe(t+T)]
_ Zkak’ (4.3)

wobei Aj den Beitrag des einzelnen k-ten Orbits zur Observablen A darstellt.
Aus diesen Einzelbeitrigen wird eine gewichtete Summe gebildet, in die erstens
eine Integration iiber die Anfangsverteilung p, eingeht und zweitens der Faktor
wy angibt, welches Phasenraumgewicht die integrable Insel des entsprechenden
POs hat.

4.2.2 Simulation von Populationswahrscheinlichkeiten

Um zu untersuchen, inwieweit die einfache klassische Néherung (4.3) geeignet
ist, die nichtadiabatische Dynamik des Modells zu beschreiben, soll angenom-
men werden, dass das System zur Zeit ¢ = 0 in den diabatischen Zustand [)2)
angeregt wurde, und dann die in Gl. (1.14) definierte diabatische elektronische
Besetzungswahrscheinlichkeit P5(t) dieses Zustands im Laufe der Zeit betrachtet
werden. Diese Grofle ist von besonderem Interesse, da sie gerade die Dynamik
iiber die Born-Oppenheimer-Niherung hinaus beschreibt, wihrend sie fiir ver-
schwindende vibronische Kopplung P,(t) = const wire. Aus Abb. 4.8(a) wird
ersichtlich, dass in der exakten quantenmechanischen Rechnung (durchgezogene
Kurve) P(t) einen ultraschnellen Anfangszerfall zeigt, auf den quasiperiodische
Oszillationen mit Periodendauern von ungeféhr 12 und 35 fs folgen. Ebenso kann
die Dynamik auf den vibronisch gekoppelten Niveaus in der adiabatischen Dar-
stellung analysiert werden, weshalb in Abb. 4.8(b) auch noch die adiabatische
elektronische Populationswahrscheinlichkeit P34(t) gezeigt wird, die im Wesent-
lichen Oszillationen mit einer Periodendauer von ~ 19 fs aufweist.

Ist man an der klassischen Niherung P{(z,t) fiir die elektronische Populati-
onswahrscheinlichkeit des Potentials V5 interessiert, kann man den allgemeinen
Ausdruck (4.3) folgendermaflen spezifizieren:

Zwk/ dTpk )Nk(IL',t-i-T) (44)
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Abbildung 4.8: Diabatische (a) und adiabatische (b) elektronische Populationswahr-
scheinlichkeit in einem vibronisch gekoppelten Zwei-Zustand-System nach impulsiver
Anregung. Verglichen werden das exakte quantenmechanische Resultat (durchgezogene
Kurve) mit der klassischen Approximation gemifi GL.(4.3) (gestrichpunktete Kurve),
ebenso wie die entsprechenden Einzelbeitrige der Orbits Ia (gepunktete Kurve) und Ib
(gestrichelte Kurve).
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Dabei setzt sich die klassische Darstellung
Ni(z,t) = N(t)d|x—x(t)] (4.5)

der Besetzungswahrscheinlichkeit P(z,t) zusammen aus der elektronischen Po-
pulation Ng(t) und der nuklearen Position xx(t) des k-ten Orbits zur Zeit t.

p bezeichnet die klassische Wigner-Verteilung im Phasenraum, durch die der
quantenmechanische Anfangszustand |¢y)|¢2) modelliert wird. Geht man davon
aus, dass die nukleare Wellenfunktion |@¢) ein gauB3formiges Wellenpaket bei x = 3
ist (vgl. Abb. 4.1), und wendet Gl. (3.17) an, so erhélt man die klassische Dich-
tefunktion

po(n,z,p) =c e~2n=3/2) g—(-3)* g—p* (4.6)

bei der die Konstante ¢ derart gewahlt wird, dass die Normierung
fOTdTpo[n(T),x(T),p(T)] = 1 erfiillt ist.

In der klassischen Formel (4.4) tragen also nur diejenigen Orbits signifikant bei,
die einen gewissen Uberlapp mit der quantenmechanischen Anfangsbedingung be-
sitzen. In dem hier diskutierten Fall sind dies beispielsweise die beiden Orbits der
Periode I, wihrend die Orbits mit Iler Periode fiir £ = 3 hauptséchlich den Zu-
stand |1/1) besetzen und daher keine Rolle spielen. Aufilerdem sei nochmals darauf
hingewiesen, dass alle gefundenen stabilen Orbits hoherer Periode zu der groflen
integrablen Insel gehdren und dem ,zentralen® Orbit la ziemlich dhnlich sind,
weshalb man in erster Niherung lediglich die beiden kiirzesten POs beriicksichti-
gen muss. Um der Tatsache Rechnung zu tragen, dass die Insel um Ia einen sehr
groflen Einfluss aufgrund der zahlreichen Orbits (III, V, VIII) in ihr besitzt, wur-
de ein Verhiltnis von wy,/wp, = 20 fiir das entsprechende Phasenraumgewicht
angenommen. * Die klassischen Ergebnisse fiir die diabatische bzw. adiabatische
Besetzungswahrscheinlichkeit (gestrichpunktete Kurven in Abb. 4.8) zeigen ei-
ne gute Ubereinstimmung mit der exakten quantenmechanischen Referenz. Es
stellt sich also heraus, dass schon zwei vibronische POs ausreichend sind, um die
nichtadiabatische Dynamik in diesem Zwei-Zustand-System korrekt wiederzuge-
ben - jedenfalls bis ungefdhr 100 fs. Anschliefend wird der Einfluss weiterer Orbits
grofler, weshalb die Approximation mit den beiden kiirzesten POs prinzipiell nur
fiir kurze Zeiten giiltig sein kann. Interessanterweise liegt die Heisenberg-Zeit des
Systems mit ty = 27h/A = 125 fs (wobei A der mittlere Niveauabstand ist) in
der gleichen Gréflenordnung wie die Grenze der Giiltigkeit der Ndherung.

Um nun die nichtadiabatische Quantendynamik mit Hilfe der klassischen POs
interpretieren zu kénnen, muss man das zeitliche Verhalten der in Abb. 4.5 ge-
zeigten Orbits mit ihrem in Abb. 4.8 dargestellten Beitrag zur elektronischen
Populationsdynamik in Verbindung setzen. Es sei daran erinnert, dass Orbit Ib
eine quasi-harmonische Bewegung auf der oberen adiabatischen Potentialkurve

“Man beachte: Y, wy = 1.
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mit einer Periodendauer von 36 fs ausfiihrt. Deshalb liegt sein Beitrag zur adia-
batischen Besetzung nglb) im Wesentlichen bei 1 und oszilliert mit ~ 18 fs, also
der halben Periodendauer. Im diabatischen Bild wechselt das PO pro Schwin-
gung von einem diabatischen Zustand in den anderen und wieder zuriick, was
sich in der beobachtbaren 36 fs - Schwingung der diabatischen Besetzungswahr-
scheinlichkeit duflert. Betrachtet man hingegen Orbit Ia, so stellt man in Abb. 4.5
fest, dass es wihrend einer kompletten Periode von 39 fs insgesamt dreimal zwi-
schen den beiden diabatischen Zusténden hin und her schwingt. Die resultieren-
de 12 fs-Oszillation in dem entsprechenden Beitrag zur diabatischen Population
kann man quasi als Rabi-Oszillation auffassen. In der adiabatischen Darstellung
erkennt man wiederum eine Schwingung mit der halben Periodendauer des POs.
Zusammenfassend kann man also sagen, dass alle drei charakteristischen Schwin-
gungsperioden des quantenmechanischen Signals bereits durch die beiden kiirzesten
klassischen periodischen Bahnen erklirt werden konnen.

time [fs]

Abbildung 4.9: Diabatische elektronische Populationswahrscheinlichkeit in einem vi-
bronisch gekoppelten Zwei-Zustand-System, wobei auf dem elektronischen Niveau |11)
bei £ = 3 mit einem Anfangsimpuls von p = —2.45 gestartet wird. Verglichen werden
das exakte quantenmechanische Resultat (durchgezogene Kurve) mit der klassischen
Approximation gemifl G1.(4.3) (gestrichpunktete Kurve), ebenso wie die entsprechen-
den Einzelbeitrige der Orbits ITa (gepunktete Kurve) und IIb (gestrichelte Kurve).

Es sei noch angemerkt, dass fiir den hier gewihlten Anfangszustand |¢o)|1,) die
entsprechende klassische Phasenraum-Dichteverteilung (4.6) hauptséchlich einen
grofilen Anteil des integrablen Bereichs beinhaltet (siche Abb. 4.4). Interessanter-
weise funktioniert das oben beschriebene Verfahren jedoch auch, wenn der An-
fangszustand im klassisch chaotischen Teil des Phasenraums liegt. Diese Situation
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tritt z.B. dann ein, wenn man die gleiche nukleare Schwingungswellenfuntion |¢g)
aber den anderen diabatischen Zustand |¢;) als Start wéhlt. Aus Griinden der
Energieerhaltung besitzt das Wellenpaket in diesem Fall noch einen Anfangsim-
puls von p = —2.45. Nun wird die quantenmechanische Kurzzeitdynamik durch
die beiden Orbits der Periode II, die sich hauptséichlich auf dem unteren Poten-
tial aufhalten, mit der klassischen Niherung (4.3) in dhnlicher Qualitdt wie im
obigen Fall beschrieben [40]. Das Resultat ist in Abb. 4.9 gezeigt.

Um einen direkten Vergleich mit der quantenmechanischen Populationswahr-
scheinlichkeit P,(z,t) auf dem diabatischen Potential V3 zu bekommen, kann man
die bisher gew#hlten Darstellungen der periodischen Orbits kombinieren, indem
man die POs sowohl als Funktion der Zeit ¢ als auch der nuklearen Schwingungs-
koordinate z in einem Kontur-Plot zeichnet, bei dem die Farbe die entsprechende
Besetzungswahrscheinlichkeit angibt. Die Farbpalette reicht dabei von blau (0)
bis rot (1, d.h.vollstéindig besetzt).

In Abb. 4.10 ist das Ergebnis der exakten quantenmechanischen Rechnung (Teil
A) ebenso wie der Beitrag der beiden kiirzesten periodischen Bahnen dargestellt.
In den Graphiken F und E werden zunéchst die Wahrscheinlichkeitsverteilungen
von Orbit Ib bzw. la alleine gezeigt. Man kann sehr gut erkennen, dass in beiden
Fillen die Population auf dhnliche Weise entlang der Kernkoordinate x hin und
her schwingt. Unterschiedlich sind dagegen die Periodendauern und die Tatsache,
dass Orbit Ia am linken Umkehrpunkt eine Rekurrenz zeigt und Ib nicht. Dies ist
bereits in den fritheren Darstellungen deutlich geworden. Beide einzelnen Orbits
geben die Quantenreferenz zumindest qualitativ wieder, kénnen aber fiir sich
genommen noch nicht die Details erkliren.

In einem nichsten Schritt soll die Energieunschérfe des Wellenpakets dadurch
beriicksichtigt werden, dass man die Beitrige eines periodischen Orbits iiber ver-
schiedene Energien mittelt. Dafiir ist es zum einen erforderlich, das entsprechende
PO fiir alle interessierenden Energien zu kennen, wie es z.B. fiir Orbit Ia der Fall
ist [siehe Abb. 4.7], und zum anderen die Verteilung der Energie zu untersuchen,
um geeignete Gewichtsfaktoren einfithren zu kénnen, die angeben, wie stark die
einzelnen Energiebeitriage in die Gesamtrechnung eingehen.

Diese Energieverteilung p(E) entspricht gerade dem Absorptionsspektrum ) 6(E—
E,)cn, wobei die Condon-Faktoren fiir den Eigenzustand |n) zur Energie F,, durch

n

e = (n|¥(0)) = e‘“% (4.7)

gegeben sind. Die Konstante a = %(mo — Tpmin)? héingt vom Abstand zwischen

Startwert ro = 3 und Minimum des Potentials bei Ty, = — ab. Ersetzt man
in (4.7) die Fakultiit durch die Gamma-Funktion erhélt man eine kontinuierliche
Verteilung der Energie fiir die klassischen Bahnen. Es sei noch bemerkt, dass sich
mit diesem Ansatz eine Energieunschirfe ergibt, die in etwa der Breite entspricht,

die man durch Auswerten von < H? > — < H >?= 1(w? + £?) erhiilt.
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Im konkreten Fall sind hier zusétzlich zur mittleren Energie Ey = 0.65eV weitere
zehn verschiedene Energien im Bereich zwischen 0.35 und 1.0 eV fiir das Orbit Ia
beriicksichtigt und alle Beitrédge mit dem entprechenden Gewichtsfaktor gemé&f
(4.7) gewichtet und aufsummiert worden. Da das andere kurze PO Ib nur in einem
Energiebereich von 0.48-0.65 eV gefunden werden kann, kommen in der analogen
Untersuchung fiir dieses Orbit auch nur drei weitere Energien aus diesem Intervall
neben Ej in Frage.

Die Abbildungen 4.10 C und D zeigen die resultierenden Wahrscheinlichkeitsver-
teilungen der beiden einzelnen POs jeweils mit dieser Energiemittelung. Wie zu
erwarten sorgt die Energieunschirfe fiir eine Ausweitung des energetisch zuging-
lichen Phasenraums und damit auch der Breite der Besetzungswahrscheinlichkeit.
Auflerdem erkennt man aufgrund der leicht unterschiedlichen Periodendauern bei
den verschiedenen Energien, dass die Peaks bei den Umkehrpunkten auf der rech-
ten Seite insbesondere fiir Orbit Ib deutlicher werden und auch zu fritheren Zeiten
auftauchen.

Superponiert man schliellich die beiden bereits energiegemittelten Beitrige der
einzelnen Orbits, kann man nun das Ergebnis und die Qualitdt der klassischen
Néaherung diskutieren. Es sei nochmals darauf hingewiesen, dass hier nur die bei-
den kiirzesten periodischen Bahnen verwendet werden, weshalb die gute Uberein-
stimmung mit der quantenmechanischen Populationswahrscheinlichkeit bemer-
kenswert ist. Dariiberhinaus kénnen nun auch einige Details erklirt werden, de-
ren Herkunft in der rein quantenmechanischen Beschreibung unklar geblieben ist.
Betrachtet man beispielsweise die Umkehrpunkte auf der rechten Seite, so stellt
man fest, dass das Aufspalten in eine Doppel-Peak-Struktur nach zwei Perioden
auf die unterschiedlichen Periodendauern der POs zuriickzufiihren ist. Auflerdem
kann man das Auftreten der schwicheren Maxima auf der linken Seite ebenso
wie die Region geringer Besetzungswahrscheinlichkeit im Bereich von z & 2.5 als
Konsequenz der Uberlagerung der beiden Orbits verstehen. Andererseits zeigt die
klassische Néherung einen klaren ,cut-off“ an den Umkehrpunkten, der lediglich
durch die Energiemittelung etwas verschmiert und abgemildert wird, wiahrend
die Quantenmechanik durchaus auch in klassisch verbotene Regionen eindrin-
gen kann. Die Grenzen dieser Zwei-Orbit-Approximation werden ab Zeiten von
ungefahr 80 fs sichtbar, wenn sich das quantenmechanische Wellenpaket in drei
Komponenten aufspaltet. Ein solcher Interferenzeffekt ist selbstverstdndlich in
einer quasiklassischen Simulation nicht reproduzierbar.
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Abbildung 4.10: Zeitliche Entwicklung der Populationswahrscheinlichkeit Py(z,t) fiir
die exakte quantenmechanische (A) und approximative klassische (B) Rechnung. Letz-
tere setzt sich zusammen aus den Einzelbeitrdgen der beiden kiirzesten periodischen
Orbits des Systems, die sowohl mit (C,D) als auch ohne (E,F) Energiemittelung dar-
gestellt sind. Die jeweilige Besetzung ist durch den spektralen Farbverlauf kodiert und
zeigt Oszillationen, d.h. elektronische Ubergiinge, die durch die kohiirente Bewegung
entlang der nuklearen Koordinate z induziert werden.
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4.2.3 Simulation von zeitaufgelosten Pump-Probe-Spektren

Die periodischen Orbits des Systems bzw. die Populationswahrscheinlichkeiten,
die mit ihrer Hilfe simuliert werden konnten, dienen nun in diesem Abschnitt
dazu, komplexe zeitaufgeloste Pump-Probe-Spektren im Rahmen dieser einfa-
chen klassischen Néherung zu berechnen und zu interpretieren. Dazu wird das in
Abb. 4.1 skizzierte Zwei-Zustand-Modell um ein weiteres tieferliegendes elektroni-
sches Niveau Vj ergénzt, das als Detektor-Zustand fiir den Probe-Puls dient. Die
entsprechenden Potentialkurven sind in Abb. 4.11 schematisch dargestellt. Da-
bei wird angenommen, dass nur Ubergéinge zwischen den diabatischen Zustéinden
|thg) und |th5) moglich sind, also [1;) ein ,dark state® ist.

Abbildung 4.11: Schematische Darstellung der Potentialkurven fiir die Simulation von
zeitaufgelosten Pump-Probe-Spektren. Zusétzlich zu den beiden nichtadiabatisch ge-
koppelten Potentialen Vi und V5 (vgl. Abb. 4.1), auf denen kohérente Wellenpaketdy-
namik stattfindet, ist noch der elektronische Grundzustand Vjy gezeichnet. Von ihm aus
wird das System zur Zeit ¢ = 0 impulsiv angeregt und V; dient auch als Detektorzustand
fiir die stimulierte Emission aufgrund des Probe-Pulses.

Die theoretische Beschreibung der spektroskopischen Signale ist in Kap. 1.2 ein-
gefiithrt worden. In der klassischen Néherung setzt man nun in Gl. (1.12) die
diabatischen Potentiale V5 vor und V; nach dem optischen Ubergang ein. Daher
kann das spektroskopische Signal interpretiert werden als Fourier-Transformation
der Probe-Puls-Einhiillenden in Bezug auf die lokale Potentialdifferenz V5, — V4,
die an der Stelle z(t) einer jeden einzelnen Trajektorie berechnet wird. In der
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Literatur [50, 88, 89] finden sich solche Rechnungen fiir ein Ensemble von klassi-
schen Trajektorien. Hier sollen aber wiederum nur die wichtigsten und kiirzesten
periodischen Orbits in Betracht gezogen werden, um das Pump-Probe-Spektrum
zu simulieren. Nimmt man erneut einen gauB$fsrmigen Probe-Puls der Form (1.7)
an, erhélt man in klassischer Néherung fiir die Intensitdt in Abhingigkeit von
Probe-Frequenz w und Delay-Zeit ¢4

[C(wty) = / dz / dt PC(z F(H),  mit

F(t) — |M0250 |2€—(t—td)2/(4a72)e—4a[w—AV(t)]27'2 ) (48)

Dabei ist P (z,t) die aus (4.4) bekannte klassische Populationswahrscheinlichkeit
des optisch hellen Zustands |15). Wegen der Resonanzbedingung w = AV (t) =
Volz(t)] — Volz(t)] folgt die zeitliche Entwicklung des Pump-Probe-Signals der
Wellenpaketbewegung entlang der nuklearen Koordinate z.

Wertet man Gl. (4.8) fiir die beiden kiirzesten periodischen Orbits aus, erhilt
man eine einfache klassische Approximation des Pump-Probe-Signals, das in der
Abb. 4.12 mit der exakten quantenmechanischen Referenz verglichen wird. Dar-
gestellt sind die Resultate fiir Probe-Pulsdauern von 5 bzw. 10 fs.

Obwohl sich die akkurate Wiedergabe in der Nihe der Umkehrpunkte aufgrund
der Wechselwirkung von elektrischem Feld und Materie verschlechtert, zeigt die
PO-Simulation eine gute Ubereinstimmung mit den Daten der Quantenrechnung.
In diesem Zusammenhang ist es interessant festzustellen, dass die klassischen Er-
gebnisse fiir die POs mit (Abb. 4.12 C und D) und ohne (Graphiken E und F)
Energiemittelung sehr dhnlich aussehen. Dies ist durchaus einleuchtend, da auch
die Energieverteilung des Laserfelds und seine endliche Pulsbreite fiir eine Ver-
schmierung und Mittelung sorgen. Von daher kann man ganz generell sagen, dass
bereits die Feld-Materie-Wechselwirkung zu einem Mittelungsprozess fiihrt, der es
erlaubt, auf die (aufwindige) Beriicksichtigung der Energieunschérfe des Anfangs-
zustands zu verzichten. Auflerdem wird die Qualitit der klassischen Ndherung des
Pump-Probe-Signals noch dadurch erhoht, dass wegen dieser Verschmierung auch
die feinen Interferenzphénomene bei grofieren Zeiten nicht mehr sichtbar sind, die
mit Hilfe der POs nicht reproduziert werden konnten.
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Abbildung 4.12: Zeit- und frequenzaufgelostes Spektrum fiir stimulierte Emission im
eindimensionalen Modell fiir Elektrontransfer-Prozesse. Die Dauer der Probe-Pulse be-
trigt 5 fs (obere Zeile) bzw. 10 fs (untere Zeile). Verglichen werden die exakten quan-
tenmechanischen Resultate (A,B) mit den Ergebnissen fiir die kiirzesten klassischen
periodischen Orbits, sowohl mit (C,D) als auch ohne (E,F) Beriicksichtigung der Ener-
gieunschirfe des Anfangszustands. Um Probleme mit evtl. iiberlappenden Pump- und
Probe-Pulsen zu umgehen, werden die Daten nur fiir Delay-Zeiten t; > 20 fs gezeigt.
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Vergleich mit der Franck-Condon-Approximation

Zum Schluss sollen die eben vorgestellte klassische Ndherung mit Hilfe der vi-
bronischen periodischen Orbits und die in Kap. 2 diskutierte Franck-Condon-
Approximation (FCA) zur Simulation von zeitaufgelosten Pump-Probe-Spektren
gegeniibergestellt werden. Es hatte sich gezeigt, dass die FCA eine Kurzzeitnéihe-
rung ist, deren Qualitéit bei ldngeren Pulsdauern schlechter werden muss. Da-
mit stellt sie sozusagen eine komplementire Rechenmethode zur PO-Néherung
dar, bei der sich die Mittelungseffekte aufgrund ldngerer Pulsdauer eher positiv
auf das Resultat ausgewirkt haben. Dieses unterschiedliche Verhalten der beiden
Verfahren kann mit Hilfe von Frequenzschnitten in Abb. 4.13 im Detail studiert
werden.

intensity [a.u.]

intensity [a.u.]

50 100 150
time [fs]

Abbildung 4.13: Frequenzschnitte durch das zeitaufgeloste Pump-Probe-Spektrum bei
w = 3.7 eV (linke Spalte) bzw. 4.7 eV (rechte Spalte) und Probe-Puls-Dauern von 5 fs
(oben) bzw. 10 fs (unten). Dargestellt sind die Resultate fiir die exakte quantenme-
chanische Rechnung (durchgezogene Kurve), die Franck-Condon-Approximation (ge-
punktete Kurve) sowie die klassische Ndherung mit den kiirzesten periodischen Orbits
(gestrichelte Kurve).

Das Signal bei w = 4.7 ¢V, d.h. beim Intensitdtsmaximum der Spektren von
Abb. 4.12, gibt sehr deutlich die Periodendauer des Systems von ~ 40 fs wieder.
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Fiir sehr kurze Laserpulse von 5 fs liegt die FCA fast genau auf der exakten
quantenmechanischen Referenz, wihrend die PO-Nidherung zwar qualitativ das
richtige Verhalten aber auch eine artifizielle Doppel-Peak-Struktur zeigt, die von
den unterschiedlichen Perioden der beiden berticksichtigten Orbits stammt. Ahn-
liches gilt im Fall der 5 fs-Pulse auch fiir w = 3.7 eV. Hier tauchen generell
zwei Peaks pro Schwingungsperiode auf, weil das Wellenpaket wihrend der Os-
zillation auf dem Weg hin und zuriick zweimal die Resonanzbedingung erfiillt.
Im Gegensatz zur wiederum exzellenten Franck-Condon-Approximation kann die
unterschiedliche Hohe der einzelnen Peaks nicht durch die periodischen Bahnen
reproduziert werden. Der Grund dafiir ist neben der Tatsache, dass lediglich die
zwei kiirzesten POs in die Rechnung eingehen, wohl darin zu suchen, dass fiir je-
des Orbit eine Mittelung iiber alle moglichen Anfangswerte durchgefithrt werden
muss.

Bei lingeren Pulsdauern sehen die Resultate allerdings ganz anders aus: Nimmt
man Probe-Pulse der Liange 10 fs an, so sind die Peaks bei w = 4.7 eV erwartungs-
geméf breiter in der Zeitdoméne. Die klassische Ndherung mit POs, die aufgrund
der Mittelung iiber die Pulsdauer etwas ausgeschmiert wird, zeigt einen viel bes-
seren Fit der exakten Quantenrechnung als die FCA, bei der nun erste zusétzliche
Strukturen auftauchen. Dies gilt insbesondere fiir die Laserfrequenz w = 3.7 eV,
wo man die Grenzen der Kurzzeitnidherung deutlich erkennt. Andererseits zeigt
das Signal, welches aus den periodischen Orbits zusammengesetzt ist, eine gu-
te Ubereinstimmung mit der Quantenmechanik; die Rekurrenzen kommen zum
richtigen Zeitpunkt, nur die Intensitdt wird nicht hundertprozentig genau wie-
dergegeben, was man fiir nur zwei beriicksichtigte periodische Bahnen eigentlich
auch nicht erwarten kann.

Insgesamt ergénzen sich also die beiden in dieser Arbeit vorgestellten Niherungs-
verfahren. Die Franck-Condon-Approximation ist eine typische Kurzzeitndherung
- bei der Approximation mit klassischen periodischen Orbits wirken sich Mitte-
lungseffekte aufgrund ldngerer Laserpulse dagegen giinstig auf die Qualitit der
Néherung aus.
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4.2.4 Weitere Untersuchungen
Bemerkungen zur (semi-)klassischen Autokorrelationsfunktion

In diesem letzen Abschnitt soll u.a. diskutiert werden, inwieweit das vorgestellte
Verfahren, mit Hilfe klassischer periodischer Orbits Quantendynamik zu simulie-
ren, auch auf andere zeitabhéngige Groflen, wie z.B. die Autokorrelationsfunktion
C(t), die in (1.18) definiert worden ist, ausgedehnt werden kann. Das besondere
Interesse an der Autokorrelation liegt daran, dass deren Fourier-Transformierte
das Absorptionsspektrum liefert.

Eine klassische Beschreibung der Autokorrelation C(t) ist im Rahmen der Wigner-
Methode méglich, wie sie in [90] beschrieben wird. Dazu werden die Dichtema-

trizen p aus (1.18) formal durch Wignerfunktionen p" im Phasenraum ersetzt
5

Tr[p(t) po] = Tr[p" (t)py |- (4.9)

Die Spurbildung entspricht dann dem Integral iiber den gesamten Phasenraum
und die Wigner-Funktion ist in einer Dimension durch

1 o0
oV (x,p) = _h/ dsexp(2ips/h) p(x — s,z + 3) (4.10)
™ —0o0

gegeben. Fiir gaulsche Wellenpakete vereinfacht sich dies (mit 7 = 1) zu

p" (z,p) = exp|—2a(z — x0)* — (p — po)?/20l). (4.11)

In Abb. 4.14 ist die Autokorrelation fiir das hier diskutierte eindimensionale Mo-
dell dargestellt. Verglichen werden die exakte quantenmechanische Referenz, die
iibliche quasi-klassische Ndherung, bei der ein ganzes Ensemble von zufillig gest-
arteten Trajektorien geméf (4.11) verwendet wird, sowie eine einfache klassische
Néherung, die nur die kiirzesten periodischen Orbits enthélt. Man erkennt in der
klassischen Beschreibung zwar die qualitative Struktur der Oszillationsbewegung
und auch einigermaflen die Periodendauer, jedoch treten insbesondere bei dem
Resultat mit Hilfe der periodischen Bahnen stérkere Abweichungen auf.

5Man beachte, dass die Wignerfunktionen nicht immer positiv sein miissen, was u.U. zu
Schwierigkeiten fiihren kann.
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Abbildung 4.14: Autokorrelationsfunktion |C(¢)|? im eindimensionalen Modell. Darge-
stellt ist das exakte quantenmechanische Resultat (durchgezogene Linie), die klassische
Niherung mit einem Ensemble von Trajektorien (gestrichelte Linie) sowie eine Appro-
ximation mit den kiirzesten periodischen Orbits des Systems (gepunktete Linie).

Bei der Formulierung einer entsprechenden Theorie mit POs stellt sich ndmlich
zunéchst die prinzipielle Frage nach dem Anfangspunkt eines solchen Orbits. Die-
ses Problem ist im Fall der Autokorrelationsfunktion deshalb so wichtig, weil hier
ein Zeit-Nullpunkt ausdriicklich definiert werden muss, der dann als Bezugspunkt
fiir die Berechnung dient. Weil das Orbit an sich aufgrund der Periodizitét aber
keinen klaren Startpunkt hat, gibt es im Wesentlichen zwei Moglichkeiten diese
Schwierigkeiten zu umgehen: Entweder man definiert den Punkt der periodischen
Bahn als Anfangspunkt, der der quantenmechanischen Startbedingung am be-
sten entspricht, oder man mittelt wie auch bei den anderen Observablen iiber
das gesamte PO, d.h. man fiihrt die Berechnung fiir jeden einzelnen theoretisch
moglichen Startwert durch und summiert die einzelnen Beitriage, die aufgrund
ihres Uberlapps mit dem quantenmechanischen Anfangswert geeignet gewich-
tet werden. Dieses Vorgehen erscheint korrekter und folgerichtiger, hat aber den
Nachteil, dass es nicht mehr dem intuitiven Bild der Autokorrelation geniigt, bei
der es einen Anfangszustand gibt.
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Neben einer quasi-klassischen Beschreibung ist auch eine semi-klassische Berech-
nung der Autokorrelationsfunktion moglich, bei der auch Phasen beriicksichtigt
werden. Diese semi-klassischen Untersuchungen sind in Zusammenarbeit mit Mi-
chael Thoss durchgefiihrt worden, und es sollen im Folgenden kurz die Schwie-
rigkeiten dargestellt werden, die dabei aufgetreten sind.

Grundlage bildet das von Brewer [91] vorgestellte Verfahren der ,linearisierten
Trajektorien-Approximation“ (LTA) des Herman-Kluk-Propagators, mit deren
Hilfe die Autokorrelationsfunktion durch einige wenige wichtige Trajektorien be-
rechnet werden kann. Es erscheint daher naheliegend, dieses Verfahren auf die
kiirzesten periodischen Orbits des Modellsystems anzuwenden. Als Hauptproblem
stellt sich sehr schnell heraus, dass die semi-klassischen Ausdriicke alle Koordina-
ten des kompletten Phasenraums beinhalten (also z,p, Xy, X, Py, P), wihrend
die periodischen Bahnen und alle bislang interessierenden Groéflen im reduzierten
Raum (d.h. z,p,n,q oder z,p, X, P) definiert waren, der durch Ausnutzung von
Energie- und Gesamtpopulationserhaltung entstanden ist (sieche Kap. 3.1). An
dieser Stelle sei nochmals auf den Ubergang von X;, P; zu den ,action-angle“-
Variablen N;, @); hingewiesen, von denen nur die Kombination ¢ = Q2 — @
im Hamiltonian und anderen Observablen auftaucht, wihrend keine Groéfle von
Q@ = q2 + ¢ abhingt. Dieses @ ist also eine redundante Koordinate, die nicht wei-
ter beriicksichtigt werden muss. Daher ist die Reduktion des Phasenraums von
urspriinglich sechs auf letztlich vier Dimensionen méglich geworden. Betrachtet
man jetzt aber die POs in dem grofleren sechsdimensionalen Raum, so stellt man
fest, dass sie dort iiberhaupt nicht periodisch sind. In dem entsprechenden semi-
klassischen Ausdruck (Gl.(4.17) in [72]) wird durch @ (in der Referenz [72] ¥,
genannt) die Periodizitit zerstort. Aus diesem Grund lésst sich die LTA nicht
ohne weiteres auf die hier vorgestellten ,,periodischen Bahnen“ iibertragen.

Dieses Phinomen, dass urspriinglich periodische Trajektorien bei einer héher-
dimensionalen Einbettung nicht mehr periodisch sind, ist in der Literatur als
Eichphase bekannt und wird z.B. in [92-94] diskutiert.

Man kénnte nun versuchen, das Problem durch Mittelung iiber diese eigentlich
redundante Phase ) zu l6sen. Genauer gesagt miisste nach der Wahl entspre-
chender Startwerte eines POs die Rechnung mehrfach bei diesen festgehaltenen
Anfangswerten und fiir eine gleichverteilt gesampelte Phase () durchgefiihrt und
anschliefend gemittelt werden. Wie am Anfang des Abschnitts diskutiert, wére
dann aber noch eine zweite Mittelung iiber alle moglichen Startwerte des Orbits
(jeweils wieder mit variiertem () nétig, um dem fehlenden Anfangspunkt einer
periodischen Bahn Rechnung zu tragen.

Alles in allem sind die auf diese Art und Weise erhaltenen Ergebnisse nicht zu-
friedenstellend und die gesamte Rechnung aufgrund der erforderlichen doppelten
Mittelung sehr aufwindig, weshalb das urspriinglich einfache Konzept der peri-
odischen Bahnen in diesem konkreten Fall nicht ausgenutzt werden kann.
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Husimi-Dichten

Eine Moglichkeit, die Quantendynamik mit der entsprechenden klassischen Dyna-
mik im Phasenraum zu vergleichen, besteht in der Einfiihrung der Husimi-Dichte
0. Man erhélt diese quantenmechanische Phasenraumdichte als Projektion der
Wellenfunktion ¥ auf Zustdnde minimaler Unschérfe, die an den Phasenraum-
punkten (z, p) lokalisiert sind. Diese sogenannten kohérenten Zustéinden |a) sind
Eigenzusténde des Vernichtungs-Operators a:

ala) = o|a) (4.12)

zum komplexen Eigenwert «, dessen Real- und Imaginirteil in diesem Fall am
giinstigsten % als

_T+ip
V2

(mit A = 1) parametrisiert werden. Deshalb schreibt man auch |a) = |z,p). In
der Oszillatordarstellung hat der kohérente Zustand folgende Form:

@) = X In)ala) = 4" 32 T (4.14)

« (4.13)

Die Husimi-Dichte ist also definiert als

o(z,p) = {z,p|)|* = [{a|¥)[*, (4.15)

was man fiir eine Wellenfunktion in der Oszillatorbasis, d.h. ¥ =" c,|n), um-
schreiben kann in

n|2
Ll o
ofep) =3 U (4.16)

Mit Hilfe dieser Husimi-Dichte (4.15) kann nun das Wellenpaket zu jedem Zeit-
punkt seiner Propagation im Phasenraum dargestellt werden, was einen Vergleich
mit der entsprechenden klassischen Trajektorie erlaubt.

An dieser Stelle soll noch eine andere interessante Moglichkeit diskutiert wer-
den, einen Zusammenhang zwischen Quantenmechanik und klassischem Analo-
gon herzustellen. Dazu sei darauf hingewiesen, dass die Analyse der klassischen
Dynamik mit Hilfe von periodischen Orbits hauptséichlich bei einer Gesamtener-
gie des Systems von F = 0.65 eV durchgefiihrt worden ist (vgl. Kap. 4.1 und 4.2).
Beriicksichtigt man bei dem Poincaré-Schnitt aus Abb. 4.4 nicht nur eine Durch-
stofirichtung der Winkelvariable (¢ > 0) sondernalle Schnittpunkte mit der Ebene
g = 0, erhdlt man aus Symmetriegriinden Abb. 4.15. Die zusétzlichen Beitrige

6Es konnen auch sogenannte ,,squeezed states“ eingefiihrt werden.
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im Poincaré-Schnitt enstehen durch Spiegelung an der Achse z = 0. In dieser
Darstellung fallen ganz besonders der grofle energetisch verbotene Bereich in der
Mitte des Phasenraums sowie die integrable Insel bei x = 3 und ihr Spiegelbild
bei z = —3 auf.

Der Zusammenhang mit der Quantenmechanik wird hergestellt, wenn man den
Modell-Hamiltonian diagonalisiert und die Energie-Eigenwerte und Eigenfunk-
tionen des Systems bestimmt. Man stellt fest, dass der 13. Energieeigenwert ~
0.62 eV betrégt, was also in etwa der Gesamtenergie fiir den Poincaré-Schnitt
entspricht. Bildet man die dazugehorige Eigenfunktion als Husimi-Dichte p im
quantenmechanischen Phasenraum ab, erhélt man das in Abb. 4.16 dargestellte
Bild.

Gewisse Ahnlichkeiten mit dem klassischen Resultat sind dabei frappierend: Auch
beim quantenmechanischen Ergebnis féllt das ,,LLoch” in der Mitte sofort ins Au-
ge, d.h. im klassisch verbotenen Phasenraumbereich findet sich in der Quanten-
mechanik ebenfalls keine Aufenthaltswahrscheinlichkeit. Auflerdem stimmen die
beiden Maxima der Husimi-Dichte sehr gut mit der Lage der integrablen Inseln
im Poincaré-Schnitt iiberein. Dies konnte ein Indiz dafiir sein, dass eine klassische
Néherung, die sich wie in Kap. 4.2.2 beschrieben auf die kiirzesten periodischen
Bahnen dieser Inseln stiitzt, in diesem Fall erfolgreich sein kann.

Umgekehrt muss man natiirlich einrdumen, dass der hier besprochene Vergleich
von Husimi-Dichte und Poincaré-Schnitt nur heuristischer Natur sein kann, da
letzterer im Gegensatz zur quantenmechanischen Husimi-Dichte von der Wahl
der Schnittebene in ¢ abhéngt.
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Abbildung 4.15: Poincaré-Schnitt fiir das Zwei-Zustand-System bei ¢ = 0 und einer
Energie von £ = 0.65 eV. Dargestellt sind diesmal beide Durchstossrichtungen von 4.
(vgl. Abb. 4.4a)
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X

Abbildung 4.16: Husimi-Dichte der quantenmechanischen Eigenfunktion zum
13. Energieeigenwert bei ~ 0.62 eV als Funktion der nuklearen Koordinaten z,p






Kapitel 5

Klassische Analyse
nichtadiabatischer
Photoisomerisierung

In diesem Kapitel wird diskutiert, inwieweit die im letzten Kapitel vorgestell-
ten Rechenverfahren mit periodischen Orbits auch auf kompliziertere Isomerisie-
rungsmodelle angewendet werden konnen. Wie zu Beginn in Kap. 1.1 vorgestellt,
werden hier die Potentiale nicht harmonisch gendhert, sondern sind periodisch
in der Torsionsmode ¢, was durch einen Ansatz mit Kosinus-Funktionen erreicht
wird [siehe Gl. (1.5) und (1.6)]. Das klassische Analogon dieser Modelle erhilt
man erneut durch den Mapping-Formalismus aus Kap. 3.1.

5.1 Einteilung in klassische Bewegungsmuster

Im Gegensatz zu dem einfachen, stark idealisierten harmonischen Modell aus
Kap. 4 konnen bei diesen (u.U. mehrdimensionalen) Isomerisierungsmodellen
keine einfachen periodischen Orbits gefunden werden. Dies liegt hauptséichlich
an den unterschiedlichen Zeitskalen, auf denen die elektronische und nukleare
Bewegung ablauft. Wegen der teilweise groflen Energieabstinde zwischen den
elektronischen Potentialflichen kommt es zu Rabi-Oszillationen mit sehr hoher
Frequenz. Das hat zur Folge, dass die Besetzung der elektronischen Zustidnde
bis zu 50 mal wihrend einer nuklearen Schwingungsperiode variiert. Deshalb ist
es unmoglich und im iibrigen auch gar nicht sinnvoll, in diesem Fall POs im
herkémmlichen Sinne zu suchen, weil sie keine einfache Interpretation oder phy-
sikalische Anschauung vermitteln konnen. Dieses Problem durch eine Separation
von elektronischer und nuklearer Dynamik umgehen zu wollen, ist aufgrund der
komplizierten nicht-harmonischen, vibronisch gekoppelten Potentiale prinzipiell
nicht moglich.

Stattdessen hat es sich herausgestellt, dass die klassische Dynamik in gewisse im-
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mer wiederkehrende Bewegungstypen eingeteilt werden kann, die damit fiir die In-
terpretation sozusagen die Rolle der periodischen Bahnen iibernehmen. Ein Blick
auf die Potentiale [sieche Abb. 2.1(a)] offenbart, dass als Hauptbewegungsklassen
zum einen Oszillationen in den Potentialminima der cis- bzw. trans-Zusténde in
Frage kommen, sowie zum anderen eine Drehbewegung des Molekiils, bei der die
Reaktionskoordinate ¢ ein volle 27-Periode durchlauft, moglich ist. Tatséchlich
kann man feststellen, dass sich eine beliebige klassische Trajektorie im Wesent-
lichen aus diesen Komponenten zusammensetzt. Dies ist in Abb. 5.1 dargestellt,
wo ein Ausschnitt aus einer zufillig gestarteten Trajektorie in einem dreidimen-
sionalen Isomerisierungsmodell gezeigt wird.

trans—oszillation

phi

rotation

cis—oszillation
_10 -

orbit

0 2 4 6
time [ps]

Abbildung 5.1: Typische Trajektorie in einem dreidimensionalen Isomerisierungsmo-
dell. Dargestellt ist die zeitliche Entwicklung der Reaktionskoordinate ¢. Man erkennt
deutlich die verschiedenen Bewegungstypen wie z.B. Oszillationen oder Rotationen,
aber auch Teile gemischter Dynamik, die sich nicht exakt zuordnen lassen.

Ein néchster Schritt besteht nun darin, dies fiir die Interpretation der quantenme-
chanischen Observablen zu nutzen. Dazu kann man beispielsweise die klassische
Periodendauer der verschiedenen Bewegungstypen bestimmen, und dann versu-
chen, sie den entsprechenden quantenmechanischen Rekurrenzen zuzuordnen. Da-
bei ist zu beachten, dass in dem komplizierten dreidimensionalen Isomerisierungs-
modell die anderen nuklearen Moden ebenso wie die (klassisch kontinuierliche)
elektronische Besetzungswahrscheinlichkeit Einfluss auf die Periode der einzelnen
Bewegungsmuster entlang der Torsionsmode ¢ haben. Deshalb muss iiber viele
verschiedene Trajektorien gemittelt und das Ergebnis mit statistischen Methoden
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ausgewertet werden. Da es sich bei diesem klassischen Modell der Photoisome-
risierung um ein chaotisches (ergodisches) System handelt, ist es genau so gut
moglich, nur eine einzige Trajektorie zu betrachten, da sie im Lauf der Zeit den
gesamten Phasenraum ausfiillt. Weil dies zur Analyse der Bewegung technisch
einfacher ist, wurde die Zeitentwicklung einer sehr langen klassischen Trajekto-
rie (bis 500 ps) berechnet, und in deren Verlauf nach den oben beschriebenen
Mustern (Oszillationen oder Rotation) gesucht. Fiir die jeweiligen Bewegungs-
muster wurden dann sowohl die bendtigte Zeit, als auch die elektronische Popu-
lation (diabatisch/adiabatisch) ausgegeben und histogrammisiert. Das Ergebnis
ist in Abb. 5.2 zu sehen: Fiir jeden Bewegungstyp lésst sich eine ungefihre Pe-
riodendauer angeben, die aufgrund der Energieerhaltung von den elektronischen
Koordinaten abhéngt. Ist der untere adiabatische Zustand vollstindig besetzt
(Nag = 0), so ist die potentielle Energie minimal und damit die kinetische Ener-
gie maximal. Durch die resultierende hohe Geschwindigkeit erhélt man in diesem
Fall die kiirzeste mogliche Periodendauer. Nimmt der Wert von N,q, also die
Population des oberen adiabatischen Zustands, zu, besitzt das System mehr po-
tentielle Energie und die Bewegung wird zwangslidufig langsamer. Der Einfluss
der hier nicht dargestellten weiteren Schwingungs- und Kopplungsmode bewirkt
eine statistische Fluktuation von 7" auch bei festgehaltenem N,q.

Die Tatsache, dass in den quantenmechanischen Observablen noch andere Fre-
quenzen auftreten, die nicht durch eine klassische Analyse erklirt werden kénnen,
zeigt, dass es sich dabei um typische Quantenphinomene wie z.B. Interferenzeffek-
te handeln muss, die in einer quasiklassischen Rechnung natiirlich nicht modelliert
werden koénnen.
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Abbildung 5.2: Periodendauern T' der typischen Bewegungstypen wie Oszillation im
cis- bzw. trans- Potentialminimum (blau bzw. tirkis) oder Rotation des Molekiils (rot)
im dreidimensionalen Isomerisierungsmodell in Abhéngigkeit von der adiabatischen Be-
setzungswahrscheinlichkeit auf der oberen Potentialfléiche.



EINDIMENSIONALES MODELL 89

5.2 Diskussion eines vereinfachten eindimensio-
nalen Modells

Um zu untersuchen, welche quantenmechanischen Eigenschaften dieser Isomeri-
sierungsmodelle in einer quasiklassischen Rechnung prinzipiell nicht wiedergege-
ben werden kénnen, und in welchen Bereichen eine klassische Analyse dagegen
sinnvoll ist, soll nun das Problem zunéchst stark vereinfacht werden.

Dazu betrachtet man ein eindimensionales Modell, das nur aus den bekannten
periodischen Potentialen in der Reaktionskoordinate ¢ besteht (1.5) und (1.6),
ohne weitere Schwingungs- oder Kopplungsmoden, so dass die Dynamik auf nur
einen elektronischen Zustand eingeschriinkt ist. * Durch die Wahl geeigneter An-
fangsbedingungen kann man nun studieren, wo die klassische Beschreibung gute
Resultate liefert. In Abb. 5.3 ist die Dynamik der Torsionsmode fiir die exakte
quantenmechanische Rechnung und fiir die quasiklassische Ndherung dargestellt.
Neben dem iiblichen Start bei ¢y = 0 ohne kinetische Energie (d.h. py = 0), was
nachfolgend als £ = 0 bezeichnet wird, sollen auch noch die Fille untersucht
werden, bei denen das Wellenpaket zusétzliche kinetische Energie T, = 0.3 eV
besitzt. Geschieht dies ebenfalls bei ¢y = 0, wird die Gesamtenergie des Systems
grofler (E > 0), startet man dagegen nicht am Potentialmaximum sondern bei
¢o = 0.47, liegt der Fall E < 0 vor. Der Einfluss dieser unterschiedlichen Anfangs-
bedingungen auf die Dynamik fillt bereits auf den ersten Blick auf. Beim Start
mit einer Gesamtenergie, die unter der Potentialbarriere liegt (E' < 0), treten nur
Oszillationen auf, d.h. die Wahrscheinlichkeitsdichte bleibt in dem Potentialmi-
nimum gefangen. Betrachtet man das andere Extrem, also eine Gesamtenergie
deutlich iiber dem Potentialmaximum (E > 0), so ist die Bewegung aufgrund
des Anfangsimpulses py > 0 unidirektional und es treten keine nennenswerten
Reflektionen an den Potentialwéllen auf. Wahlt man jedoch die iibliche Startbe-
dingung (E = 0), ist die Dynamik kompliziert und setzt sich aus Oszillationen,
unidirektionalen Bewegungen aber auch Tunnelphdnomenen zusammen, was im
Rahmen der klassischen Approximation nicht reproduzierbar ist. Andererseits lie-
fert die klassische Niaherung gute Resultate fiir den Fall £ < 0 und mit leichten
Abstrichen auch bei E > 0, wo lediglich die Interferenzen ab = 150 fs nicht dar-
gestellt werden konnen. Ganz allgemein kann man feststellen, dass gerade diese
Interferenz- oder Tunnelprozesse die eigentliche Schwierigkeit bei der klassischen
Beschreibung der Isomerisierungsmodelle darstellen. In diesem Zusammenhang
ist jedoch der tibliche Start der Propagation mit £ = (0 am ungiinstigsten, da hier
die Anteile der Oszillationen aufgrund von Reflektionen an den Potentialwillen
sowie freier unidirektionaler Bewegung etwa gleich grof} sind. Ist die Energie da-
gegen so grof oder aber so klein, dass die Dynamik im Wesentlichen nur aus einer
Bewegung in eine Richtung oder aus Oszillationen besteht, dann ist die Klassik
sehr gut in der Lage die richtigen Voraussagen zu treffen.

1 Als Parameter werden Uy = U; = 4.5eV, E; =5.0 eV und I~ = 1.11 x 10~3eV benutzt.
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Abbildung 5.3: Aufenthaltswahrscheinlichkeit entlang der Torsionsmode ¢ [zwischen 0
und 27| im eindimensionalen Isomerisierungsmodell fiir quantenmechanische und qua-
siklassische Rechnungen bei verschiedenen Energien.
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Dies wird auch durch Abb. 5.4 untermauert, in der der Erwartungswert von P,
(siehe Gl. 1.17) in diesem einfachen eindimensionalen Isomerisierungsmodell bei
den verschiedenen Energien jeweils fiir Quantenmechanik und Quasiklassik dar-
gestellt ist. Auch hier sicht man eine sehr gute Ubereinstimmung der beiden
Theorien in den Fillen £ < 0 und E > 0; das klassische Resultat ist bei £ > 0
lediglich ein wenig zu stark geddmpft. Im  kritischen“ Fall £ = 0 erkennt man,
dass das quasiklassische Signal zwar den Anfangszerfall und die erste Rekurrenz
nach etwa 100 fs sehr gut reproduziert, beim anschlielenden ersten Auftreten von
Interferenzen allerdings scheitert. Anstatt die komplizierten Strukturen der ex-
akten Quantenrechnung nachzuvollziehen, ist es stark gedampft und néhert sich
sehr schnell seinem Langzeitlimes.

1 i
P. 05 j E<0
o e a0 a
Rs05 | E=0
0 I
17
P 05 E>0
O 10 200 a0

time [fs]

Abbildung 5.4: Observable P, im eindimensionalen Isomerisierungsmodell bei ver-
schiedenen Startbedingungen (F < 0 oben, E = (0 mitte und E > 0 unten). Verglichen
werden die exakte quantenmechanische (durchgezogene Linie) und quasiklassische (ge-
punktete Linie) Rechnung.
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5.3 Diskussion eines realistischeren dreidimen-
sionalen Modells

Nach diesen Erkenntnissen, die fiir das stark vereinfachte eindimensionale Modell
gewonnen werden konnten, soll jetzt wieder das realistischere volle dreidimen-
sionale System inklusive Schwingungs- und Kopplungsmode betrachtet werden,
bei dem die Dynamik nicht mehr nur auf einen elektronischen Zustand einge-
schrankt ist, da die Population iiber die konische Durchschneidung die Potential-
fliche wechseln kann. 2 Durch die hohere Anzahl an Freiheitsgraden ist die Dyna-
mik sehr viel komplizierter als im eindimensionalen Fall. Wie dort, wird zunéchst
die Dynamik der Torsionsmode ¢ betrachtet, und zwar erneut fiir die drei ver-
schiedenen Startbedingungen £ < 0, £ = 0 und E > 0. Hier muss allerdings
noch die elektronische Besetzungswahrscheinlichkeit beriicksichtigt werden, wes-
halb sowohl die Projektion auf die obere adiabatische Potentialfliche in Abb. 5.5,
als auch die Projektion auf das untere adiabatische Potential in Abb. 5.6 getrennt
betrachtet wird.

Bei der Anfangsbedingung F < 0 zeigt sich, dass der Grofiteil der Dynamik auf
der unteren adiabatischen Potentialfliche stattfindet. Man kann dort deutlich ei-
ne nahezu ungehinderte Rotationsbewegung des Molekiils erkennen, was sich in
der gerichteten Bewegung der Torsionsmode ¢ duflert. Diese Rotation wird durch
die klassische Rechnung sehr gut wiedergegeben, da die unidirektionale Bewegung
aufgrund des Anfangsimpulses keine Interferenzen verursacht. Interessant ist die
Reflektion eines Teils des Wellenpakets bei ¢ ~ 7/2 und ¢ ~ 37/2, die zu einer
Rotation in die andere Richtung fiihrt. Auf der oberen adiabatischen Fléche fin-
det sich dagegen nur etwa 10% der Population, die mit kleiner Amplitude um die
beiden Minima bei ¢ = 7/2 und ¢ = 37/2 oszilliert. In der klassischen Approxi-
mation kann man dieses Phinomen nicht beobachten. Stattdessen erkennt man
auch auf der oberen Fliche eine schwach ausgeprigte ungehinderte Rotation, die
eigentlich energetisch verboten sein miisste. Der Grund hierfiir ist, dass in der
klassischen Naherung die elektronische Besetzung kontinuierliche Werte zwischen
0 und 1 annimmt. In dem daraus resultierenden ,,mittleren Potential®“ werden die
Potentialmaxima abgeschwicht und daher diese Bewegung ermdoglicht.

Im Fall von E > 0 zeigen die Graphiken in Abb. 5.5 und Abb. 5.6 sehr schén
die Wirkung der konischen Durchschneidung, die durch die Kopplung der beiden
elektronischen Potentialflichen entsteht und fiir den schnellen Anfangszerfall der
Populationsdichte im oberen Zustand [429) bei ~ 40 fs verantwortlich ist. Von
dieser Zeit an findet der Grofiteil der Dynamik auf der unteren Fliche statt. Auf
beiden Potentialen beobachtet man die unidirektionale Rotationsbewegung auf-
grund des Anfangsimpulses py > 0, deren Kohérenz entlang der Torsionsmode in
den ersten 100 fs erhalten bleibt. Anschliefend machen sich dissipative Effekte
der anderen Schwingungsmoden bemerkbar, die die Kohérenz zerstéren und zu

’Die zusétzlichen Parameter sind w, = 0.17 eV, w; = 0.2 eV, k; = 0.3 eV und g = 0.34 eV.
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E <0 E=0 E>0

Abbildung 5.5: Besetzungswahrscheinlichkeit der Torsionsmode ¢ [zwischen 0 und 27]
auf dem oberen adiabatischen Zustand |34) fiir das dreidimensionale Isomerisierungs-
modell.

einer breiten Verteilung der Besetzungswahrscheinlichkeit auf beiden Potentialen
fithren. Die klassische Rechnung kann in den ersten 100 fs die lokalisierte Wellen-
paketbewegung sehr gut simulieren, scheitert aber zu spéteren Zeiten, wenn die
komplexe quantenmechanische Dynamik wieder Interferenzmuster zeigt.

Wie auch im vereinfachten eindimensionalen Isomerisierungsmodell zeigt sich
hier im realistischeren dreidimensionalen Fall, dass die iibliche Anfangsbedin-
gung F = 0 zu einer nahezu irreguldren Quantendynamik fiihrt, deren zahlreiche
Interferenzen die Klassik vor unlésbare Aufgaben stellt. Lediglich innnerhalb der
ersten 50 fs beobachtet man einen sehr schnellen Anfangszerfall, der vom Poten-
tialmaximum bei ¢ = 0 aus bis zu ¢ = 7 fiihrt, wobei aufgrund des fehlenden
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Abbildung 5.6: Besetzungswahrscheinlichkeit der Torsionsmode ¢ [zwischen 0 und 27]
auf dem unteren adiabatischen Zustand |124) fiir das dreidimensionale Isomerisierungs-
modell.

Anfangsimpulses die Bewegung in beiden Richtungen stattfindet. Unterwegs wird
beim Erreichen der konischen Durchschneidung ein grofler Teil der Population auf
die untere adiabatische Fliche gekoppelt. Diese beiden Phinomene der Wellen-
paketdynamik kann die klassische Rechnung noch gut wiedergeben, sobald sich
die beiden verschiedenen Anteile der Wellenfunktion aber zum ersten Mal treffen
und miteinander interferieren, kann man eigentlich nicht mehr von lokalisierten
Wellenpaketen sprechen und die klassische Niherung liefert nur noch nahezu
strukturlos den Langzeitlimes.
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Ein genauerer quantitativer Vergleich von klassischer und quantenmechanischer
Rechnung wird in Abb. 5.7 und Abb. 5.8 gezeigt, wo die Populationswahrschein-
lichkeit im cis-Zustand bzw. die elektronische Besetzung des diabatischen Poten-
tials V4 fiir die drei unterschiedlichen Anfangsbedingungen dargestellt ist. Auf den
ersten Blick fillt sofort ein prinzipieller Unterschied in den Graphen auf: Wahrend
das System bei den Startbedingungen £ = 0 und E > 0 ein dissipatives Verhal-
ten innerhalb der ersten 300 fs zeigt, durch das die Observable jeweils einem
konstanten Wert fiir lingere Zeiten entgegenstrebt, finden sich fiir £ < 0 auch
noch spéter Oszillationen. Dies bedeutet, dass die Energie im Fall eines Starts
unterhalb des Potentialmaximums deutlich langsamer in die Schwingungs- und
Kopplungsmode transferiert wird. Die Ursache fiir dieses Phéanomen konnte darin
liegen, dass das Wellenpaket im Potentialtopf gefangen ist. Ansonsten bemerkt
man, dass im Fall £ > 0 wegen des Anfangsimpulses die Energie-Dissipation et-
was geringer ist. Der Langzeitlimes der dargestellten Observablen ist unabhéingig
von den gewihlten Anfangsbedingungen: Er liegt sowohl fiir P, als auch fiir P,
bei 0.5, was eine Konsequenz der symmetrischen Potentiale ist.

Die klassische Simulation reproduziert alle diese Phéinomene erstaunlich gut. Im
Fall £ < 0 sind die Oszillationen der Observablen etwas zu stark geddmpft,
haben aber die richtige Periodendauer. Auch bei den Situationen mit hoherer
Energie wird die Bewegung innerhalb der ersten 150 fs korrekt approximiert und
anschliefend auch der Langzeitlimes richtig wiedergegeben. Lediglich die feinen
Strukturen der Quantenrechnung fiir spéitere Zeiten gehen wie schon in Abb. 5.5
und 5.6 in der Klassik verloren.

Bemerkenswert ist noch eine Besonderheit im Anfangszerfall von P, bei E < 0.
Dort nimmt die Population nach etwa 15 fs wieder kurzfristig zu, bis dann nach
~ 40 fs hauptséchlich der Zustand |¢);) besetzt ist. Dieses Verhalten, das auch
in der klassischen Simulation auftritt, kann man wie folgt plausibel machen: Das
Wellenpaket braucht zunichst etwa 15 fs von seinem Start bei ¢g = 0.47 bis
zur konischen Durchschneidung bei ¢ = 7/2. Dort wird ein Teil auf den ande-
ren diabatischen Zustand gekoppelt, dessen Potential invertiert ist. Aufgrund des
Anfangsimpulses py > 0 lduft die Bewegung jedoch in dieselbe Richtung weiter,
was zu einer Reflektion bei ¢ = 0.67 fiihrt. Daraufhin wird die konische Durch-
schneidung sehr schnell erneut erreicht, was den Anstieg von P, nach etwa 25 fs
erklart. Nach ~ 40 fs kommt das Wellenpaket schliefilich an der Durchschnei-
dung bei ¢ = 37/2 vorbei, was dann den deutlichen Abfall in der Population von
V5 verursacht. Das gleiche Phinomen lésst sich in geringerem Ausmaf} auch fiir
E > 0 beobachten.
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Abbildung 5.7: Observable P.;s im dreidimensionalen Isomerisierungsmodell bei ver-
schiedenen Startbedingungen (E < 0 oben, E = 0 mitte und £ > 0 unten). Ver-
glichen werden exakte quantenmechanische (durchgezogene Linie) und quasiklassische
(gepunktete Linie) Rechnungen.
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Abbildung 5.8: Besetzungswahrscheinlichkeit P, des diabatischen Potentials V5 im
dreidimensionalen Isomerisierungsmodell bei verschiedenen Startbedingungen (E < 0
oben, F = 0 mitte und E > 0 unten). Verglichen werden exakte quantenmechanische
(durchgezogene Linie) und quasiklassische (gepunktete Linie) Rechnungen.






Zusammenfassung

Thema dieser Arbeit war die iiberwiegend klassische Modellierung von nichtadia-
batischer Kurzzeitdynamik in molekularen Quantensystemen, deren Beschrei-
bung iiber die Born-Oppenheimer-N&herung hinausgeht. Dabei wurden im Rah-
men der vorliegenden Arbeit neue Methoden und Rechenverfahren entwickelt,
die einerseits eine verbesserte, physikalisch intuitive Anschauung vermitteln und
andererseits aufgrund geeigneter Ndherungen deutlich Rechenzeit einsparen und
dadurch den Zugang zu Modellen grolerer Molekiile ermoglichen kénnen.

Zunichst wurde die Simulation von zeitaufgelosten Pump-Probe-Spektren mit
Hilfe der Franck-Condon-Approximation durchgefiihrt, bei der die nukleare Dy-
namik wihrend des Laserpulses vernachlissigt wird. Diese bekannte Niherung
konnte im Rahmen der Arbeit erstmals auf nichtadiabatisch gekoppelte Potenti-
alflichen angewandt werden. Die starke Verringerung der benétigten Rechenzeit
um ein bis drei Gréflenordnungen im Vergleich zu einer herkémmlichen Rech-
nung, bei der die Schrédingergleichung mit duflerem Feld propagiert werden muss,
erlaubt es nun, Spektren gréflerer und komplexerer Systeme zu simulieren, de-
ren theoretische Beschreibung bislang nicht praktikabel oder gar unmdoglich war.
Dies gilt vor allem fiir die Ionisations-Spektroskopie, die in diesem Formalismus
problemlos modelliert werden konnte, ohne eine aufwindige Diskretisierung des
Kontinuums vornehmen zu miissen. Dariiberhinaus vermittelte dieser Ansatz als
typische Kurzzeitndherung ein einfaches physikalisches Bild des Absorptionspro-
zesses, da er den elektronischen Ubergang instantan durch eine Projektion auf
den Detektorzustand beschreibt. Numerische Studien an Modellen fiir nichtadia-
batische Photoisomerisierung und fiir die interne Sy — S; Konversion in Pyrazin
belegten die gute Qualitdt der Franck-Condon-Approximation, wenn die Dau-
er des Probe-Pulses nicht zu lang ist. Doch selbst bei grofleren Pulsléingen ist
die Methode noch sinnvoll, wenn man gleichzeitig realistische Pump-Pulse von
endlicher Lange beriicksichtigt.

Der Hauptteil der vorliegenden Arbeit befasste sich mit der klassischen Beschrei-
bung der Kurzzeitdynamik in nichtadiabatisch gekoppelten Quantensystemen.
Zunichst wurde mit Hilfe des Mapping-Formalismus ein klassisches Analogon ein-
gefiithrt, bei dem die diskreten elektronischen Freiheitsgrade auf kontinuierliche
Variablen abgebildet werden, deren klassischer Limes wohldefiniert ist. Im Gegen-
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satz zu anderen quasi-klassischen Verfahren wie z.B. dem , mean-field“-Ansatz
von Ehrenfest hat dieses Vorgehen den Vorteil, dass keine ad hoc-Annahmen
gemacht werden miissen und vor allem das Problem der quantenmechanischen
Nullpunktsenergie richtig beschrieben wird. Dies wurde anhand der integrierten
Niveaudichte N(FE) untersucht und bestétigt.

Nachdem auf diese Art und Weise ein geeignetes klassisches Modell fiir das inter-
essierende Quantensystem gefunden worden war, konnte die zugehorige klassische
Dynamik eingehend analysiert werden. Dies ist deshalb bemerkenswert, weil da-
durch erstmals eine Anwendung von klassischen Methoden aus dem Bereich der
nichtlinearen Dynamik auf nichtadiabatische Quantensysteme moglich wurde. Bei
diesen Untersuchungen standen zunichst Phasenraumeigenschaften im Vorder-
grund, und es wurden Poincaré-Schnitte analysiert, anhand derer die gemischt
regulir/chaotische Dynamik des Modells diskutiert werden konnte. Es sei darauf
hingewiesen, dass selbst das einfache Modell, bestehend aus einer harmonischen
Schwingungsmode und zwei konstant gekoppelten elektronischen Zustdnden, zu
einem klassischen Analogon mit teilweise chaotischem Verhalten fiihrt.
SchlieBlich konnten anhand der Fixpunkte in den Poincaré-Schnitten die periodi-
schen Bahnen des Systems identifiziert werden. Dabei handelte es sich im hier
betrachteten Fall nichtadiabatisch gekoppelter Potentiale um eine v6llig neue Art
von vibronischen periodischen Orbits, die sowohl aus einem nuklearen, als auch
einem elektronischen Freiheitsgrad bestehen. Deren Darstellung innerhalb der
diabatischen bzw. adiabatischen Potentiale erlaubte eine neuartige Interpretation
von typischen Rekurrenzen in der Quantenrechnung im Rahmen der klassischen
periodischen Bahnen. Dadurch konnte in einem néchsten Schritt mit Hilfe nur
der wichtigsten kiirzesten Orbits die Kurzzeitdynamik des Systems modelliert
werden. So wurden z.B. quantenmechanische Besetzungswahrscheinlichkeiten in
sehr guter Ndherung reproduziert, und es konnten Eigenschaften der exakten
Wellenpaketdynamik, die a prior: in der Quantenrechnung allein unklar geblie-
ben waren, durch diesen neuen Zugang mit periodischen Orbits erklidrt werden.
Den Schlusspunkt dieser Untersuchungen bildete die klassische Simulation von
zeitaufgelosten Pump-Probe-Spektren, wobei man die hier vorgestellte Approxi-
mation mit Hilfe der periodischen Bahnen durchaus als komplementéire Methode
zur Franck-Condon-Approximation aus Kap. 2 auffassen kann. Da die explizi-
te Beriicksichtigung von lédngeren Pulsdauern zu einem gewissen Mittelungsef-
fekt fiihrt, der sich giinstig auf die Qualitédt der klassischen Néherung auswirkt,
ergénzen sich in diesem Sinne die beiden im Rahmen dieser Arbeit besprochenen
Verfahren.

Nachdem diese neue Methode mit periodischen Orbits an einem einfachen, stark
idealisierten Modell erfolgreich getestet werden konnte, fragt man sich, inwieweit
sich das Verfahren auch auf komplizierte nichtharmonische Modelle ausdehnen
lasst. Es stellte sich jedoch schnell heraus, dass es in mehrdimensionalen Model-
len mit einer Torsionsmode zur Beschreibung von Photoisomerisierungs-Prozessen
nicht mehr so leicht moglich ist, solche einfachen periodischen Bahnen zu finden,
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weil die Zeitskalen von nuklearer und elektronischer Bewegung in diesen Systemen
sehr unterschiedlich sind. Es erschien daher in diesem Fall sinnvoll, das Konzept
periodischer Orbits dahingehend zu erweitern, die klassische Dynamik in unter-
schiedliche allgemeine Bewegungstypen einzuteilen, die dann zur Interpretation
von quantenmechanischen Ergebnissen herangezogen werden kénnen. Dies stellte
eine neue Moglichkeit dar, die komplizierte Wellenpaketdynamik auf physikalisch
intuitive Weise zu veranschaulichen.

Zudem tauchte das Problem auf, dass in den hier diskutierten Systemen aufgrund
der periodischen Potentiale Quantenphinomene wie z.B. Interferenzeffekte be-
sonders wichtig werden, die mit einer klassischen Simulation nicht erklirt werden
kénnen. Deshalb wurde eine detaillierte Studie in verschiedenen Isomerisierungs-
modellen durchgefiihrt, in der gezeigt werden konnte, dass die Qualitét der klas-
sischen Simulation prinzipiell sehr stark von den gewéhlten Anfangsbedingungen
abhéngt. Dabei kommt es besonders darauf an, dass Interferenzen oder Tunnel-
effekte nur eine untergeordnete Rolle spielen diirfen und die Quantendynamik als
kohérente Wellenpaketdynamik interpretierbar sein muss. Ansonsten zerfliefit das
Wellenpaket sehr schnell und eine klassische Beschreibung in Form einer Trajek-
torie ist nach kurzer Zeit nicht mehr addquat. Durch einen Vergleich der leicht
interpretierbaren klassischen Néherung mit der exakten, aber unanschaulichen
quantenmechanischen Referenzrechnung kann also eine Unterscheidung zwischen
eher klassischen und typischen Quanteneigenschaften getroffen werden, was letzt-
endlich eine neue Interpretationsweise der Wellenpaketdynamik erméglicht.

Zusammenfassend lésst sich sagen, dass diese Arbeit Beitriige fiir das Verstandnis
nichtadiabatischer Quantendynamik liefert: Zum einen werden Fragestellungen
von prinzipiellem Interesse diskutiert wie z.B. der klassische Limes von Quan-
tensystemen insbesondere bei chaotischem Verhalten, zum anderen werden durch
die Anwendung von Analyseverfahren der klassischen nichtlinearen Dynamik auf
vibronisch gekoppelte Molekiilmodelle neue Gebiete erschlossen, die ein verbes-
sertes theoretisches Verstédndnis experimenteller Ergebnisse im Bereich der Kurz-
zeitspektroskopie ermdéglichen.
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A.1 Franck-Condon-Approximation fiir
dispergiertes Pump-Probe-Signal

Bislang wurde ein zeit- und frequenzaufgel6stes Pump-Probe-Spektrum dadurch
erhalten, dass man unterschiedliche Delay-Zeiten t; und Probe-Frequenzen w,
verwendete. Benutzt man dagegen nur eine feste Probe-Frequenz w, und baut
stattdessen ein dipersives Element vor den Photonendetektor, erhdlt man eben-
so ein zeit- und frequenzaufgeldstes Signal, welches man auch als dispergiertes
Spektrum bezeichnet:

Idis(w, td) = QwImEg(w)P*(w) (Al)
mit den Fourier-Transformierten des Laserfeldes und der Polarisation
Ery(w) = / dte™t Fy (1), (A.2)

Pw) = / dte™' P(t). (A.3)
Die Integration iiber alle Frequenzen des dipergierten Spektrums fiihrt wiederum
auf das integrale Signal.

Die Polarisation erhélt man aus

t
P(t) = / dt' By (') (Yol pao(¢) por (1) [ Wo), (A4)
wobei im Folgenden wieder die Franck-Condon-Niherung (2.13) benutzt werden
soll. In einem ersten Schritt wird zunéchst das Integral [ d¢'Ey(t')u10(t) berech-
net, in dem das elektrische Feld des Probe-Pulses durch

Ey(t") = exp[—a(t' — t4)? — iwo(t' — t4)] gegeben ist.

In dieser Niaherung ergibt sich also

t—tq
_ (wy—2w)?

| 1A AV
/ e Ty (r)dr = ¢ B(t—1g)5 o |Fioy + —0n +

. (A.
oW et |- (A5

—oQ

Dabei steht ®(t—1t,) fiir die kummulierte Normalverteilung, d.h. die aufintegrierte
gauflsche Wahrscheinlichkeitsdichte. Multiplizieren mit u(t — ¢;) gemifi (2.13)
liefert dann auf der rechten Seite

o2 2
1A 22551 — 1) (A.6)
%eii2W(t7td) - (@/_Zeﬂ:iQW(tftd) n I/‘I//_22) o, + Li, & L/V_%(e:tﬂW(tftd) _ 1)%]

Im Spezialfall ohne Kopplung (V' = 0) vereinfacht sich dies zu

_ (wp—24)?

e o Ot — tg) [eiim(t*td)(l F UZ)} , (A.7)

N[—
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was sich je nach gewihltem Vorzeichen als [12) (12| bzw. |1)1) (11| schreiben lésst.
Die anschlieende Fourier-Transformation ist wegen des Terms ® (¢t — t4) nicht
mehr analytisch moglich.



106 ANHANG

A.2 Franck-Condon-Approximation fiir
mehrere externe Ubergiinge

Die Resultate von Abschnitt 2.1.2 lassen sich leicht verallgemeinern fiir den Fall,
in dem beide Uberginge |11) < |14) und |1)3) ¢ [thg) Dipol-erlaubt sind, d.h.
beide Dipolmomente p41 und pge ungleich 0 sind. In diesem Fall sind die Matrix-
Elemente des zeitabhéngigen Dipol-Operators im Heisenberg-Bild (2.26):

My (t) = pgr € {cos(Wt) —4 % sin(Wt)} + 1gy € z% sin(Wt),

) A )
Myp(t) = pa € {cos(Wt) +i W sin(Wt)} + par € z% sin(Wt).

In direkter Analogie zur Herleitung im Text (Kap. 2.1.2) ldsst sich der Projektor
in der diabatischen Darstellung schreiben als

1 —oar - A |4 A

P'P = 16 { e 2or L= (WoVa)l” (.U'dl[l ] + N32[1 + W] + 2#d1/¢d2w> (I - Waz + —Ucc>
A
w

— 0(7'2 w— — 2 A V
+ g7 2om =M =Va)l <N31[1 + W] + ,UdQ[ ] - 2Md1,ud2W> <I+ s

%4 A %4 A
+ e [l WVl o= (Wi-Va)l?] 9 (LUZl - MZQ]W + 2ﬂd1#d2W) (Waz * W%) } -

Ein bessere physikalische Interpretation kann man erneut in der adiabatischen
Darstellung erreichen:

1 —2a7?[w—(Wa—V,)]? 4 a a
P;rdPad =3 {6 2arlw—(Wa=Va)] (Man[ ] + pipll + ] + 2Mdlﬂd2w) |5 (5]

—2a71?[w— A A v a 1
+ e20m?w=(W1-Va)P? ( 21+ W]—i—/LZQ[l— W] —Qﬂdlﬂd2w> |39 (2]

_aTz w— 2— 1— A A
N (7 AR e W (7 ST A R T S]

Im Grenzfall g = 0 erhiilt man wieder Gleichung (2.34)

Es sollte noch bemerkt werden, dass in diesem Fall, in dem Ubergiinge von beiden
gekoppelten Zustinden aus erlaubt sind, eine Mittelung iiber die Orientierung
des Molekiils explizit beriicksichtigt werden muss, um spektroskopische Signale
zu berechnen [95]. Bezeichnet man diese Mittelwerte mit (...) und vernachléssigt
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wiederum nichtresonante Terme, ergibt sich schliefilich

1 —2a12[w— — a A
PzIdPa‘d = Z Z € 2 2[ (Wn Vd)]2 (<uzn)S§n + <:u’3m>sr2nn + 2<:u‘md:u‘”d>5mﬂsnﬂ) ‘wnd><¢nd|

m,n=1,2
m#n

(A.8)
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A.3 Bestimmung des energetisch zuginglichen
Phasenraums

In diesem Anhang sollen zum einen Gleichung (4.2), in der die Grenzen p(z) des
energetisch zugéinglichen Phasenraums beschrieben werden, und zum anderen
Gl. (A.17) und (A.18), die den Anfangswert der elektronischen Koordinate n
festlegen, hergeleitet werden.

Betrachtet man einen Poincaré-Schnitt fiir das System (4.1) bei festgehaltener
Energie E und elektronischer Phase ¢, so erhélt man eine Funktion p = p(z,n)
mittels

lwp? = E — Vi(z) — 2nA(z) — gcos g/ (2n + 1)(3 — 2n), (A.9)

wobei A(z) = £[Va(z) — Vi(z)] ist. Um die Abhéingigkeit von n zu eliminieren,
berechnet man die Extrema von p (oder p?) beziiglich der Koordinate n, was zu

(2n —1)gcosq = A(z)4/(2n +1)(3 — 2n) (A.10)
fiihrt und schlieffilich die Werte von n fiir extremales p liefert:

1 A(x)

Ne = = + . A1l
2 VIA@)P +]gcos P —
Setzt man dies wieder in (A.10) ein, erhélt man
2
Jeo8q = /(21 + 1)(3 - 2n0), (A.12)

+
VIA(@)]2 + [gcos g2

woraus man ablesen kann, dass das Vorzeichen von cos ¢ angibt, welche Lésung
in (A.11) die richtige ist, d.h. nicht zu einem Widerspruch fiihrt.
Ist cosq positiv, kann man nur das obere Vorzeichen benutzen. Da die zweite
Ableitung von p? bei n, positiv ist, gehort dieser Wert von n zu einem Minimum
von p?, das den grofien verbotenen Bereich in der Mitte jedes Poincaré-Schnitts
fiir Energien E > 0.2eV verursacht (sieche Abb. 4.3). Man erhélt

%wpfnin =F —Vi(z) — A(z) — 2\/[A(:U)]2 + [g cos q]?. (A.13)

Die dufere Grenze des zuginglichen Phasenraums ist das Randmaximum von p?
an den Grenzen n = —3 bzw. n = 3:

WP = E—Vi(z)+ Alz), (A.14)
%wpfnaﬂ = FE—Vy(z) — A(x). (A.15)

Fiir den Fall, dass cosq negativ ist, liefert das untere Vorzeichen in (A.11) die
richtige Losung, die dann zum Maximum von p? gehort:

Whiax = B — Vi(2) — Az) + 2v/[A(2)]? + [g cos g]2. (A.16)
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Die anderen beiden Extrema (A.14) und (A.15) sind nun Minima und geben den
energetisch verbotenen Bereich in der Mitte des Poincaré-Schnitts an.

Um eine klassische Trajektorie bei festgelegten Werten von E, ¢, z, und p berech-
nen zu kénnen, muss man zunichst den Anfangswert der elektronischen Koordi-
nate n bestimmen. Lost man Gl. (A.9) nach n auf, erhdlt man

na (AA 4 g AW —[A— A]2) (A.17)

1
22
mit den Abkiirzungen A = E—iwp?—V; und W = /A2 + ¢2. Um zu entscheiden,

welche der Losungen die richtige Wurzel enthilt, setzt man sie in Gl. (A.10) ein,
was zu

£\/AW? — (A— A2 = — WTQ\/(Qni F1)(3=2n1) +g (% - 1) (A.18)

fiihrt. Die getrennte Auswertung beider Seiten und anschlieender Vergleich zeigt,
welche der Losungen konsistent ist. Das kann nur eine, aber auch u.U. beide oder

keine sein. Letzteres tritt dann auf, wenn der Startpunkt (z,p) auBerhalb des
energetisch erlaubten Phasenraums liegen wiirde.
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