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Kapitel 1

Einleitung

Interatomare Stofle sind ein physikalisches Phidnomen, das auf sehr verschiedenen Ge-
bieten in Natur und Technik von Bedeutung ist und Anwendung findet. Als natiirliche
Prozesse treten Ion-Atom-Stoe in den Atmosphéren von Sternen, Planeten und Kome-
ten auf, zu deren theoretischer Beschreibung umfassendes Datenmaterial ben6tigt wird.
Gleiches gilt fiir technische Anwendungen wie z.B. die Plasmadiagnostik, die Materialfor-
schung, die Femtochemie oder etwa die strahlentherapeutische Tumorbehandlung mit Hil-
fe von Protonen oder hochgeladenen Schwerionen. Auf allen diesen Gebieten sind atomare
Streuprozesse in vielfaltiger Art und Weise anzutreffen. In der theoretischen Betrachtung
handelt es sich dabei um zeitabhéngige wechselwirkende Vielteilchensysteme, deren Be-
wegungsgleichungen weder im klassischen noch im quantenmechanischen Fall analytisch
gelost werden konnen, obwohl die relevanten Wechselwirkungen bekannt sind. Zur Losung
dieser Gleichungen sind folglich N&herungen unumgénglich. Neben den Anwendungen in
Natur und Technik spielt also die Grundlagenforschung auf dem Gebiet interatomarer
StoBe eine nicht zu unterschitzende Rolle. Hierzu zéhlt die Entwicklung leistungsféahiger
Néherungen, numerischer Ansédtze und Methoden auf theoretischer Seite, sowie der Ein-
satz neuer Techniken, wie beispielsweise hochauflosender Detektoren und leistungsfahiger
[onenquellen, auf experimenteller Seite.

Den Prototyp eines wechselwirkenden quantenmechanischen Vielteilchensystems stel-
len Stole vollstédndig ionisierter Projektile mit Heliumatomen dar. Erste Experimente
beziiglich der auftretenden inelastischen Prozesse — Einfang und Ionisation — wurden vor
fast fiinfzig Jahren mit positiv geladenen Ionen durchgefiihrt [1-3]. Die zugehéorigen totalen
Wirkungsquerschnitte konnten von theoretischer Seite her im Laufe der Zeit quantitativ
recht gut wiedergegeben werden, jedoch besteht an einigen Punkten weiterhin Klarungs-
bedarf. Das Hauptproblem besteht dabei in der Vielfalt der méglichen Reaktionen ver-
bunden mit dem Vielteilchencharakter der aus der zur Diskussion stehenden Schrodinger-
oder Dirac-Gleichung zu berechnenden Wellenfunktion. Die Beschreibung der Elektron-
Elektron-Wechselwirkung wéhrend des Stofes ist hierbei von besonderer Bedeutung. Ein
Aspekt dieser Wechselwirkung, die Behandlung mikroskopischer Responseffekte, ist Ge-
genstand der vorliegenden Arbeit und soll fiir interatomare Stéfe mit zwei aktiven Elek-
tronen mit Hilfe verschiedener Modellierungen im Detail untersucht werden.



2 1. Einleitung

Von experimenteller Seite her wurde in den letzten Jahren durch die COLTRIMS!-
Technik ein duferst leistungsfahiges Verfahren entwickelt, um mit hoher Prézision ver-
schiedene Aspekte der Elektron-Elektron-Wechselwirkung in interatomaren St68en zu un-
tersuchen [4-7]. Mit Hilfe dieser Methode konnen die kinematischen Freiheitsgrade und
damit die Endzustinde (abgesehen vom Spin) aller Reaktionsprodukte eines Ion-Atom-
Stoles bestimmt werden. In den gemessenen Impulsraumspektren kann man auf diese
Weise Signaturen verschiedenster Ionisationsmechanismen [8] nachweisen. Auferst um-
fangreich und detailliert wurde beispielsweise die Transferionisation im Stofisystem p — He
vermessen [9-15]. Hierbei wird wihrend des Stofles ein Elektron vom Projektil eingefangen
und gleichzeitig das andere ionisiert. Es zeigt sich, dass schon fiir ein qualitatives Versténd-
nis der beobachteten Charakteristika dieses Prozesses eine korrelierte Wellenfunktion fiir
den Anfangszustand notwendig ist [16,17]. Der Begriff 'Korrelation’ ist dabei im traditio-
nellen Sinne als verbleibende Differenz zwischen exakter Losung und der Losung, die mit
Hilfe der Ndherung der Wellenfunktion durch eine einzelne Slater-Determinante gewon-
nen wird, zu verstehen. Dieser Ansatz wird auch als Hartree-Fock-Naherung bezeichnet.
Mit Hilfe des zeitabhingigen Hartree-Fock-Formalismus (TDHF?) wurden in der Vergan-
genheit totale Wirkungsquerschnitte fiir Einfang und Anregung in den Systemen p — He
und He?* — He berechnet [18-24]. AuBerst schwierig hierbei ist die Behandlung der dort
vernachléssigten lonisationskanile. Wahrend fiir kleine Stoflenergien (adiabatischer Ener-
giebereich) der Einfang den dominierenden inelastischen Prozess darstellt, konkurriert
dieser im Bereich mittlerer Projektilenergien mit der Ionisation, die schlieBlich fiir grofie
Einschussenergien (diabatischer Energiebereich) dominant ist. Als kleine Einschussenergie
wird dabei eine Projektilgeschwindigkeit bezeichnet, die sehr viel kleiner ist als die klas-
sische Orbitalgeschwindigkeit des aktiven Elektrons im Bohrschen Atommodell. Ist das
Projektil sehr viel schneller als die aktiven Elektronen, so kénnen Responseffekte ver-
nachléssigt werden, da der elektronischen Dichte nicht geniigend Zeit bleibt, sich den
sehr schnell verdndernden Potentialverhédltnissen anzupassen. Unter Responseffekten ver-
steht man die Verdnderungen des effektiven interelektronischen Potentials gegeniiber dem
Grundzustandspotential der effektiven Elekron-Elektron-Wechselwirkung im ungestorten
Targetatom durch die Anwesenheit des Projektils. Im Bereich grofier Stoflenergien reicht
es also bedingt durch die kurze Wechselwirkungszeit aus, die interelektronische Wechsel-
wirkung nur im Anfangs- und Endzustand zu beriicksichtigen. Fiir kleine Einschussener-
gien kann die Zeitabhéngigkeit des Potentials aufgrund der Reaktion der Dichteverteilung
in der Gegenwart des Projektils — das Responspotential — jedoch nicht mehr vernachléassigt
werden. Hier miissen die zeitabhéngigen Effekte der Elektron-Elektron-Wechselwirkung
auch wdhrend des Stofles in die theoretische Betrachtung miteinbezogen werden.

Fiir grofle Projektilgeschwindigkeiten konnen stérungstheoretische Ansétze, wie bei-
spielsweise CDW3-Methoden, zur Beschreibung der Stofidynamik verwendet werden. Da-
bei werden Ubergangsamplituden erster Ordnung einer Entwicklung nach Zusténden be-
rechnet, die ndherungsweise die Storungen durch die Coulombfelder von Projektil und Tar-
get beriicksichtigen. Die verwendeten Funktionen erfiillen die korrekten Randbedingungen
des Streuproblems und sind deshalb der herkommlichen Bornschen Naherung {iberlegen.

LCOLTRIMS: Cold Target Recoil Ion Momentum Spectroscopy
2TDHF: Time Dependent Hartree Fock
3CDW: Continuum Distorted Wave
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Fiir die Stofsysteme p — He und He?* — He werden damit die totalen Wirkungsquer-
schnitte bei groflen Einschussenergien verglichen mit Messungen sehr gut wiedergege-
ben [25-33]. Dabei ist jedoch unklar, bis zu welcher Stoflenergie die CDW-Methoden
sinnvolle Ergebnisse liefern konnen. Details zu verschiedenen CDW-Modellen finden sich
in dem Ubersichtsartikel [34].

Eine weitere intensive Diskussion dariiber, die Effekte der Elektron-Elektron-Wechsel-
wirkung im Anfangszustand, im Endzustand oder auch in der Dynamik beriicksichti-
gen zu miissen, erfolgte beziiglich des Verhiltnisses der totalen Wirkungsquerschnitte fiir
Zweifach- und Einfachionisation in St68en hochenergetischer Protonen und Antiprotonen
mit Helium [35-39]. Es zeigt sich, dass das gemessene unterschiedliche Verhalten dieses
Quotienten nicht im Rahmen eines Modells unabhéngiger Elektronen wiedergegeben wer-
den kann. Eine korrelierte Anfangswellenfunktion ist auch hier zur richtigen Beschreibung
notwendig (siehe Diskussion in [40-47]).

Fiir das Stoflsystem p — He (und auch fiir Sté8e anderer atomarer Targets mit Anti-
protonen) besteht dariiber hinaus fiir die totalen Wirkungsquerschnitte eine Diskrepanz
zwischen existierenden Rechnungen und den experimentellen Daten fiir Einfachionisa-
tion bei kleinen Stoflenergien. In diesem Fall ist es notwendig, die Elektron-Elektron-
Wechselwirkung auch wéhrend des Stofles zu beriicksichtigen. Da es auch korrelierten
Rechnungen [45,48] nicht gelungen ist, die bestehenden Diskrepanzen aufzukldaren, muss
die Ursache dafiir bei den vorliegenden experimentellen Daten vermutet werden. Die-
se wurden im Rahmen des LEAR*-Projektes am europiisches Kernforschungszentrum
CERN? durch die PS194-Kollaboration gewonnen. In naher Zukunft sollen die StoBexpe-
rimente durch die ASACUSA®-Kollaboration am CERN wiederholt und iiberpriift wer-
den. In ferner Zukunft werden im Zuge des Ausbaus der GSI” im Rahmen des FLAIRS-
Projektes sehr niederenergetische Antiprotonen fiir weitere Stoflexperimente zur Verfiigung
stehen.

Fiir mittlere und kleine Einschussenergien wurden im Laufe der Zeit eine Vielzahl
verschiedener quantenmechanischer Losungsansétze entwickelt. Ein kurzer Uberblick der
giangigen Methoden ist in Kapitel 2.2.1 zusammengestellt. Bei diesen Stoflenergien spielt
der mikroskopische Charakter der Elektron-Elektron-Wechselwirkung eine entscheidende
Rolle, wozu neben Polarisations- auch Austausch- und Korrelationseffekte zéhlen. Einen
systematischen Zugang zur quantenmechanischen Beschreibung der Vielelektronendyna-
mik stellt dabei die Dichtefunktionaltheorie (DFT?) dar. Sie liefert die mathematische
Grundlage fiir die Abbildung des wechselwirkenden Vielteilchensystems auf eine effektive
Einteilchenbeschreibung. Den zentralen Punkt dieses Konzepts stellt die Einteilchendichte
des Systems dar, aus der sich prinzipiell alle relevanten Observablen eindeutig bestimmen
lassen. Da es sich hierbei jedoch lediglich um Existenzaussagen handelt und keine exak-
ten Konstruktionsvorschriften vorliegen, sind in der Praxis Naherungen unumginglich.
Die vollstdndige Elektron-Elektron-Wechselwirkung kann somit auf diese Weise nicht in

4LEAR: Low-energy Antiproton Ring

SCERN: Centre Européen pour la Recherche Nucléaire

SASACUSA: Atomic Spectroscopy And Collisions Using Slow Antiprotons
7GSI: Gesellschaft fiir Schwerionenforschung

8FLAIR: Facility for Low-energy Antiproton and Ion Research

9DFT: Density Functional Theory
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der theoretischen Beschreibung beriicksichtigt werden. Es ist jedoch moglich, das Ni-
veau der Hartree-Fock-Beschreibung zu erreichen und Austauscheffekte vollsténdig ein-
zubeziehen. Im Rahmen dieser Nédherung konnen dann Aussagen iiber Auswirkungen
der nicht erfassten Korrelationseffekte gemacht werden. In jiingster Vergangenheit wur-
de zeitabhingige Dichtefunktionaltheorie (TDDFT!Y) verwendet, um Ladungsaustausch
im StoBsystem Ar®T — Ar [49,50] und Ionisation im System p — He [51,52] zu berechnen.
Letzteres ist ebenfalls Gegenstand dieser Arbeit, einige Ergebnisse sind in [52] zusammen-
gefasst. Dariiber hinaus soll das theoretische Konzept angewendet werden, um lonisation
und Einfang in Sté8en von positiv geladenen Ionen mit Heliumatomen und heliuméhn-
lichen Ionen zu beschreiben [53]. Zur Losung der entstehenden Einteilchengleichungen
wird die Basis Generator Methode (BGM) verwendet, die in Frankfurt seit einigen Jahren
entwickelt wird. Sie ist dazu in der Lage, neben der Konkurrenz von Ionisation und Ein-
fang auch die quasimolekulare Dynamik von interatomaren Stéflen bei kleinen Energien
zu beschreiben. Die BGM wurde bereits sehr erfolgreich in vielféltiger Weise auf Ion-
Atom-StoBe [54-56], Ion-Ton-StoBe [57-60], Ion-Molekiil-Sto8e [61-63] und erst kiirzlich
auch auf Laser unterstiitzte Ion-Atom-Stofe [64,65] angewendet. Durch das Konstrukti-
onsschema dieser nichtperturbativen Methode ist es moglich, eine dynamisch optimierte
Basis zu erzeugen, die den gesamten Giiltigkeitsbereich herkémmlicher MO~ und AO -
Entwicklungen abdeckt und auch den stérungstheoretischen Limes erreicht (siehe auch
Kapitel 2.2.1). Die BGM-Basis bietet also die Moglichkeit, Responseffekte in Ionisations-
und Einfangwirkungsquerschnitten fiir kleine und mittlere Stoflenergien zu untersuchen.

Die Arbeit gliedert sich wie folgt: In Kapitel 2 wird das Konzept der zeitabhéngigen
Dichtefunktionaltheorie zur Abbildung des Vielteilchensystems auf ein effektives Einteil-
chensystem und die Losung der entstehenden Einteilchengleichungen mit Hilfe der Basis
Generator Methode sowie das BGM-Konzept selbst erlautert. Es schliefit sich die Berech-
nung physikalisch relevanter Observablen an. Kapitel 3 stellt die verschiedenen Varian-
ten der Responsmodellierung (adiabatisch, global, mikroskopisch) bei Betrachtung der
Elektron-FElektron-Wechselwirkung wéhrend des Stofles vor. Daneben werden die auftre-
tenden Probleme bei der Extraktion von Ubergangswahrscheinlichkeiten aus der Wel-
lenfunktion bei Verwendung eines zeitabhédngigen Responspotentials angesprochen. Das
sich anschlieende Kapitel 4 enthélt einige Details zu den numerischen Eigenschaften
der verwendeten Darstellung des Responspotentials. Die Anwendung des entwickelten
theoretischen Konzepts auf einige interatomare Stofisysteme sowie der Vergleich mit den
verfiigharen experimentellen Daten und anderen theoretischen Ansétzen folgt in den Ka-
piteln 5 (p — He, p — Li") und 6 (p — He, He*™ — He, Li*" — He, p — LiT). Dabei werden
unterschiedliche physikalische Aspekte betont, aus denen Riickschliisse auf bestimmte
Reaktionsmechanismen und die Wirkungsweise bzw. Eigenschaften des Responspotenti-
als gezogen werden konnen. Die Arbeit schlieft mit Kapitel 7, in dem die gewonnenen
Ergebnisse zusammengefasst und mogliche Erweiterungen des verwendeten Ansatzes dis-
kutiert werden. Im Anhang der Arbeit sind einige Details zur numerischen Umsetzung des
BGM-Konzepts und zur Berechnung der auftretenden Matrixelemente zusammengestellt.

IOTDDFT: Time Dependent Density Functional Theory
HMO: Molecular Orbitals
12A0: Atomic Orbitals
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In der gesamten Arbeit finden durchgehend atomare Einheiten, die durch die Definition
h = m. = e = 1 a.u. charakterisiert sind, Verwendung. Die Umrechnungsfaktoren der
verwendeten atomaren Einheiten (a.u.) in die géngigen SI-Einheiten und umgekehrt sind
in Tab. 1.1 fiir die innerhalb der Arbeit auftauchenden Gréflen zusammengefasst.

Grofle Atomare Einheiten (a.u.) System International (SI)
Linge lau =52918-10"" m 1 m=1,8897- 10! a.u.
Zeit lau =2,4189-10717 s 1s=4,1341-10'¢ a.u.
Masse 1au =91094-1073 kg 1 kg =1,0978 - 10% a.u.
Geschwindigkeit | 1 a.u. = 2,1877-10% m/s 1 m/s =4,571-10"7 a.u.
Energie 1au =4,360-10"1%J 1J=2,294-10' a.u.

1 a.u. = 1 Hartree = 27,212 eV | 1 eV = 3,675-1072 a.u.

Tab. 1.1: Umrechnungsfaktoren zwischen atomaren Einheiten (a.u.) und SI-Einheiten.






Kapitel 2

Theorie der Elektronendynamik in
interatomaren Stofprozessen

Interatomare Stofisysteme, gebildet aus den beiden Kernen und deren Elektronenhiillen,
stellen quantenmechanische Vielteilchenprobleme dar. In dieser Arbeit wird ein Energie-
bereich betrachtet (1 keV/amu < Ep < 1 MeV/amu), in dem zwei grundlegende Néhe-
rungen gerechtfertigt sind:

e Die Bewegung der Kerne kann klassisch beschrieben werden.

e Alle relativistischen Effekte konnen vernachléssigt werden.

Die erste Naherung wird durch die gegeniiber den Elektronen sehr viel groflere Masse
der Kerne (Mp/m, = 1836, 15) gerechtfertigt. Diese Behandlung eines Stoflsystems mit
quantenmechanisch beschriebenen Elektronen und klassisch betrachteten Kernen wird
semiklassische Niherung (SCA!) genannt [66,67]. Relativistische Effekte koénnen ver-
nachléssigt werden, da die Stolgeschwindigkeiten klein im Vergleich zur Lichtgeschwindig-
keit sind (Ep < 1 MeV/amu = v = 6,35 a.u. = 0,046 ¢). Dariiber hinaus sind die auf-
tretenden Kernladungen (Z < 3) klein gegen die Inverse der Feinstrukturkonstanten
(Z < 3 <« o' = 137,04).

Im Rahmen der semiklassischen Ndherung wird aus dem urspriinglich zeitunabhéngi-
gen quantenmechanischen Vielteilchenproblem durch die klassische Behandlung der Kerne
ein explizit zeitabhingiges Problem [68]. Wegen der zusitzlich nichtrelativistischen Be-
trachtung ist fiir die in den Coulomb-Feldern der klassisch bewegten Kerne quantenme-
chanisch beschriebenen Elektronen die zeitabhingige Schrodinger-Gleichung (TDSE?) zu
einer gegebenen Anfangsbedingung

~

(H(t) —10)[¥(t)) =0, [¥(t)) = [Vo) (2.1)
zu 16sen. Der Hamilton-Operator H des Systems
H(t) = T4 Vie+ Ve (t) (2.2)

N N

- 2 () *iﬁ (T ptE) e

i=1 i<j i=1

1SCA: Semi-Classical Approximation
2TDSE: Time Dependent Schrédinger Equation
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setzt sich aus der kinetischen Energie T der Elektronen, der Elektron-Elektron-Wechsel-
wirkung Vee und dem &ufleren Potential Vext(t) zusammen, das aufgrund der klassisch
bewegten Kerne explizit zeitabhéngig ist. In dieser Gleichung bezeichnet ()p die Ladung
des Projektilkerns, )7 die Ladung des Targetkerns, r; die Koordinaten der N Elektro-
nen beziiglich des Targetzentrums und R die klassische Relativkoordinate zwischen den
beiden nuklearen Zentren. Fiir StoSenergien im hier betrachteten Bereich kann dabei eine
kréftefreie Bewegung (gerade Bahn) der Kerne angenommen werden. Die einzige explizit
zeitabhangige Grofe ist also der Ortsvektor R(t) = (b,0,vt) des Projektils, der durch die
konstante Projektilgeschwindigkeit v und den Stofiparameter b bestimmt wird. Die Ori-
entierung dieser beiden Groflen zueinander definiert die Streuebene, wobei der Hamilton-
Operator (2.3) invariant beziiglich Spiegelungen an dieser Ebene ist. In der gesamten
Arbeit werden nur Stoflsysteme untersucht, bei denen vor dem Stof keine Elektronen am
Projektil gebunden sind.

In den folgenden Abschnitten soll nun die Abbildung des Vielelektronenproblems auf
ein effektives Einteilchenproblem im Rahmen der TDDFT (Kapitel 2.1), die Losung der
resultierenden Einteilchengleichungen (Kapitel 2.2) sowie die Extraktion experimentell
zugénglicher Observablen (Kapitel 2.3) beschrieben werden.

2.1 Abbildung auf ein effektives Einteilchenbild

Definiert man ein System von N Elektronen mit den Koordinaten z = (x1,...,xy),
wobei x; = (r, s) Raumkoordinaten und Spin des j-ten Elektrons bezeichnen, so wird die-
ses elektronische System durch die zeitabhéngige Vielteilchenwellenfunktion W(z,t) als
Losung der TDSE (2.1) vollsténdig charakterisiert. W(z,t) selbst ist jedoch nicht beob-
achtbar. Das Betragsquadrat |¥(z,t)|* wird als Wahrscheinlichkeitsdichte interpretiert,
dass sich die N Elektronen zum Zeitpunkt ¢ an den Positionen x aufhalten. In einem
typischen Stofproblem misst man jedoch iiblicherweise nur die Wahrscheinlichkeit, eini-
ge Elektronen in bestimmten Endzustéinden des Konfigurationsraumes zu finden. Diese
inklusiven Wahrscheinlichkeiten [69] konnen durch die sogenannte g-Teilchendichte [70]

N
vq(ml,...,mq,t) = < )/d4$q+1...d4IL'N|\I/(£L'1,...,$N,t)|2 (24)
q

ausgedriickt werden. d*z; steht hierin fiir eine Summation iiber die Spinkoordinate und
eine Integration iiber die Raumkoordinaten. Mit der Definition (2.4) beschreibt der Aus-
druck y4d?ry . .. d°r, folglich die inklusive Wahrscheinlichkeit, ¢ Elektronen an bestimmten
Positionen des Konfigurationsraumes zu beobachten, wihrend die verbleibenden N — ¢
nicht explizit detektiert werden. Fiir den Fall ¢ = 1 erhélt man die spinfreie Einteilchen-
dichte

n(r,t) = nyl(r,s,t) , (2.5)

die die zentrale Gréfle der TDDF'T darstellt. Sie ist ein mathematisch wesentlich weniger
komplexes Objekt als die zeitabhéngige Vielteilchenwellenfunktion und folglich einfacher
zu handhaben und direkter zu interpretieren.
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2.1.1 Das Runge-Gross-Theorem

Die Grundlage der stationédren Dichtefunktionaltheorie (DFT) bildet das Hohenberg-
Kohn-Theorem [71], demzufolge sich die Observablen eines wechselwirkenden Vielteil-
chensystems allein durch die Einteilchendichte n vollstdndig, und zwar als Funktionale
von n, bestimmen lassen. Dabei ist bemerkenswert, dass es moglich ist, diese Dichte aus
einem Satz von Einteilchengleichungen zu berechnen, ohne dass die Losung der vollen
Schrodinger-Gleichung fiir das wechselwirkende System notwendig ist. In den sich erge-
benden Kohn-Sham- (KS) Gleichungen [72] konnen die Effekte der Elektron-Elektron-
Wechselwirkung mit Hilfe eines multiplikativen effektiven Potentials erfasst werden (siehe
auch nachfolgendes Kapitel). In den beiden Biichern [73,74] ist ein allgemeiner Uberblick
der Dichtefunktionaltheorie und in den Artikeln [75,76] eine Ubersicht von Anwendungen
auf den Gebieten der Atom-, Molekiil- und Festkorperphysik zu finden.

Fiir explizit zeitabhingige Probleme werden die Grundaussagen der DFT durch das
Runge-Gross-Theorem [77] verallgemeinert, das folgendes besagt: Wenn sich ein System
fiir zwei dulere Potentiale zu einem Anfangszeitpunkt ¢q in einem gemeinsamen Zustand
|Wy) befindet, sich diese Potentiale um mehr als eine rein zeitabhingige Funktion c(t)
unterscheiden und um den Anfangszeitpunkt t; in Taylor-Reihen entwickelbar sind, so
haben sie fiir Zeiten ¢t > t; voneinander verschiedene Einteilchendichten zur Folge. Auf
diese Weise ist eine injektive, d.h. umkehrbare, Abbildung der Potentiale auf die Menge
der v-darstellbaren Dichten® gewihrleistet. Bis auf die rein zeitabhingige Funktion c(t) ist
folglich das externe Potential ein eindeutiges Funktional der Dichte. Dariiber hinaus kann
auch die Vielteilchenwellenfunktion |W(t)) bis auf eine zeitabhéngige Phase als Funktio-
nal von n betrachtet werden, wird das externe Potential doch im Rahmen der TDSE auf
|W(t)) abgebildet. Observablen, die als Erwartungswerte von hermiteschen Operatoren
berechnet werden, in denen keine Zeitableitungen enthalten sind, sind also ebenfalls ein-
deutige Funktionale der Dichte, weil sich die Phasen im Bra- und Ketvektor gegenseitig
aufheben. Fiir Ubergangsamplituden, die beispielsweise in Streuproblemen von grofem
Interesse sind, gilt die gleiche Aussage. Der Beweis ist allerdings nur fiir einen festen An-
fangszustand |Wy) moglich, so dass alle Grolen implizit von diesem Zustand abhéngen.
Das ist jedoch im Rahmen dieser Arbeit unproblematisch, da lediglich Stolsysteme un-
tersucht werden, die sich zum Zeitpunkt ¢ty im Grundzustand befinden, der gem&fl dem
Hohenberg-Kohn-Theorem selbst ein Funktional von n ist. Eine ausfiihrliche Darstellung
und Zusammenfassung des aktuellen Forschungsstandes auf dem Gebiet der TDDF'T fin-
det man in [78-82].

2.1.2 Die zeitabhingigen Kohn-Sham-Gleichungen

Wendet man das Runge-Gross-Theorem auf ein fiktives nichtwechselwirkendes System

~

(Vee = 0) an, von dem man annimmt, dass es durch exakt dieselbe Dichte n wie das
wechselwirkende System (2.2) charakterisiert wird, so ergeben sich die zeitabhingigen

3Eine Dichte wird dann als v-darstellbar bezeichnet, wenn ein externes Potential existiert, das iiber
die Losung der Schrodinger-Gleichung und eine entsprechende Integration auf eben diese Dichte fiihrt.
Die Surjektivitdt der Abbildung wird dabei durch die Einschréinkung der Bildmenge auf v-darstellbare
Dichten gesichert.
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Kohn-Sham-Gleichungen (TDKS?)

i8t¢i(r7t) - H(t)%(”“a t) ) = 17 s 7N 3 (26)
mit dem Einteilchen-Hamilton-Operator
A 1

h(t) = —§A + vrpks[n)(r, t) , (2.7)

der das multiplikative Potential vrpks(t) enthélt, welches ein Funktional der exakten
Dichte n ist®. Existiert ein solches Potential, so garantiert das Runge-Gross-Theorem
seine Eindeutigkeit, d.h. bis auf eine hochstens zeitabhéngige Funktion gibt es genau ein
Einteilchenpotential vrpks(t), das im Zusammenhang mit den TDKS-Gleichungen (2.6)
die Einteilchendichte n ergibt. Diese erhélt man aus den Losungen der TDKS-Gleichungen
— den KS Orbitalen {v,}, die keinerlei physikalische Bedeutung haben — gem#s

n(rt) = 3 (.ol (2.8)

Fiir den Anfangszeitpunkt ¢ = ¢, miissen die Orbitale {¢;} so gewihlt werden, dass
Gleichung (2.8) die Dichte des ungestorten Systems wiedergibt.

Bis zu dieser Stelle der Abbildung des wechselwirkenden zeitabhéngigen Vielteilchen-
problems auf ein Einteilchenschema wurden keinerlei Naherungen gemacht. Die durch die
Gleichungen (2.6), (2.7) und (2.8) definierte Abbildung ist exakt und darum auch dem
TDHF-Formalismus iiberlegen, der von einer Néherung der Losung der TDSE (2.1) in
Form einer einzelnen Slater-Determinante ausgeht. Problematisch ist die Aufstellung der
TDKS-Gleichungen, da die exakte Form des Funktionals vrpks[n|(r,t) nicht bekannt ist
und so Ndherungen, die im Folgenden vorgestellt werden sollen, unumgénglich sind.

2.1.3 Das zeitabhingige Kohn-Sham-Potential

Bildet ein nichtentarteter Grundzustand die Ausgangssituation fiir die zeitliche Entwick-
lung des elektronischen Systems, so ist das zeitabhéngige Kohn-Sham-Potential ein ein-
deutiges Funktional der Einteilchendichte n alleine und unabhéngig vom Anfangszustand
|Wo). Es setzt sich zusammen aus dem externen Coulomb-Potential der beiden nuklearen
Zentren vey (7, t) , dem Hartree-Potential vy[n|(r,t), das die Abschirmung des externen
Potentials durch die elektronische Dichte beschreibt, sowie dem rein quantenmechanischen
Austausch-Korrelations- (xc®) Potential v,.[n](r,t)

vrpks[n](r,t) = Vext(T,t) +vg[n](r,t) + vee[n](r, t) (2.9)
. Qr Qp

Vext (7, 1) = . TR (2.10)
_ 3r/n<rlvt>

vg[nl(r,t) = /d o (2.11)

4TDKS: Time Dependent Kohn Sham

5Die Frage nach der Existenz eines solchen Einteilchenpotentials vpks zu gegebenem n wird in der
Literatur unter dem Stichwort 'v-Darstellbarkeitsproblem’ behandelt [83,84].

6xc: exchange correlation
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Das effektiv wirksame Elektron-Elektron-Potential ergibt sich folglich zu
Vee[n] (7, 1) = vrpks[n] (T, 1) — Vet (7, 1) = vy [n](r,t) + vee[n](r, 1) . (2.12)

Die exakte Form des xc-Anteils vg.[n](7,t) ist jedoch nicht bekannt. Eine Moglichkeit,
Eigenschaften des quantenmechanischen Vielteilchenproblems auszunutzen, um Informa-
tionen iiber das Kohn-Sham Potential zu erlangen, besteht in der Betrachtung des quan-
tenmechanischen Wirkungsfunktionals

A= /ttl dt(U(t)]i0, — H()| V(1)) , (2.13)

das fiir die Losung der TDSE (2.1) einen stationdren Punkt besitzt. Da geméfl dem Runge-
Gross-Theorem W selbst ein Funktional von n ist, findet man also diesen stationéren Punkt
als Variation von A nach der exakten Dichte des zeitabhingigen Systems

5A
Sn(r,t)

Problematisch ist hierbei jedoch, dass das Runge-Gross-Theorem den funktionalen Zu-
sammenhang W[n| nur bis auf einen zeitabhéingigen Phasenfaktor festlegt. Da aber im
Schrodinger-Operator id; — H(t) eine partielle Ableitung nach der Zeit auftritt, ist das
quantenmechanische Wirkungsintegral (2.13) ein Funktional von n und der unbestimmten
Phase. (2.13) kann folglich unmittelbar keine weiteren Informationen iiber das Kohn-Sham
Potential liefern. Fiir eine detaillierte Diskussion siehe [80, 85].

=0. (2.14)

2.1.4 Die adiabatische Niherung

Im Rahmen der adiabatischen Ndiherung geht man davon aus, dass die Zeitabhéngigkeit
des Kohn-Sham Potentials allein durch die Zeitabhéngigkeit der Dichte vorgegeben ist und
die funktionalen Eigenschaften der Dichte von der stationdren DFT auf den zeitabhéngi-
gen Fall iibertragen werden konnen. Aus dem Rayleigh-Ritzschen Variationsprinzip folgt,
dass sich fiir einen nichtentarteten Grundzustand v,.[ng](r) als Funktionalableitung der
Austausch-Korrelationsenergie E,. nach der Dichte ergibt

0F,.In
Vge|no] (1) 5n(1[")] (2.15)
no=n(r)
E, = T-T,+W—Ey. (2.16)

E,. wiederum setzt sich zusammen aus der Differenz zwischen der kinetischen Energie T’
des wechselwirkenden Vielteilchensystems und der kinetischen Energie T, die iiber die
KS-Orbitale definiert ist

r.=3 [ a5 (217)

sowie der Differenz zwischen der vollen elektronischen Wechselwirkung W und dem klas-

sischen Hartree-Beitrag
1 n(r)n(r’)
Ey=~ | & | &' ———= 2.18
. 2/ T/ T (21%)
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dessen Funktionalableitung nach der Dichte auf das Hartree-Potential (2.11) fiihrt. Im
Zuge der adiabatischen Naherung wird nun also die Grundzustandsdichte ng(r) durch die
zeitabhéngige Dichte n(r,t) ersetzt.

Die Verwendung der Dichteabhéngigkeit von E,. fiir das homogene Elektronengas als
lokale Ndherung fiir das zu untersuchende inhomogene System in (2.15-2.18) wird als
Lokaldichtenidherung (LDA") bezeichnet. Der Austausch-(x) Anteil ergibt sich zu

72)1/3 '3
EMPA (1) = —2% / &r (n(r,t)" (2.19)
oA ] (r,t) = —%(37?271(7",1%))1/3, (2.20)

wobei anzumerken ist, dass fiir den Korrelations-(c) Beitrag lediglich Interpolationsfor-
meln existieren [86,87]. Diese Niherung ist fiir Systeme, in denen sich die Dichte nur
langsam raumlich und zeitlich &ndert, recht gut. Problematisch dabei ist die unvollstandi-
ge Korrektur der Selbstwechselwirkung. Wahrend im Hartree-Fock (HF) Schema die im
Hartree-Term enthaltene Selbstwechselwirkung durch die Addition des Fock-Terms ge-
nau korrigiert wird, ist dies infolge der groben Néaherung des Fock-Potentials durch das
LDA-Potential nicht mehr der Fall. Die Ursache hierfiir ist der exponentielle Abfall des
LDA-Potentials im Vergleich zur N/r-Asymptotik des Hartree-Terms, so dass sich fiir das
Gesamtpotential nicht die korrekte —1/r-Asymptotik ergibt. Die Asymptotik ist fiir Streu-
probleme sehr wichtig, bestimmt sie doch die Bindung der dufleren Elektronen. Durch das
LDA-Potential wird folglich eine zu grofle Abschirmung simuliert, was zu einer zu geringen
Bindung der dufleren Elektronen fiithrt. Um diese Problematik zu umgehen, wird mit Hil-
fe der sogenannten Latter-Korrektur [88-90] nachtriglich die Asymptotik des Potentials
angepasst

vEPA (e 1) fiir oEPA(r ) < —1/r

(2.21)
—1/r sonst .

UJ%DA/L [n]('r, t) = {

Das angesprochene Problem der Selbstwechselwirkungskorrektur kann mit Hilfe der
Optimierten Potential Methode (OPM) gelést werden [91]. Dabei wird die Darstel-
lung der Austausch-Korrelationsenergie als explizites Dichtefunktional aufgegeben und
statt dessen ein implizites Dichtefunktional

Epe = Evclp] mit o = {p1,...} (2.22)

definiert [92,93]. Hierbei wird E,. als Funktional der KS-Orbitale ausgedriickt, die selbst
wieder Funktionale der Einteilchendichte n sind. Dabei soll, um das KS-Schema weiterhin
beizubehalten, das Austausch-Korrelationspotential multiplikativ bleiben und nicht wie
in der Hartree-Fock-Methode zu einem nichtlokalen oder orbitalabhéngigen Operator wer-
den. Man konstruiert es wie vorher als Funktionalableitung von E,. nach n (siehe (2.15)),

“LDA: Local Density Approximation
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wobei nun die Kettenregel beachtet werden muss

vaclr) = 5(?;{£f] (2.23)

/5,0 " 5()0
_ /ds KS /d3 Z 51);8 L”% +c.c. (2.24)

c.c. bezeichnet den zum ersten Summanden konjugiert komplexen Term. Multipliziert man
diese Gleichung mit der Inversen des ersten Terms und integriert iiber die Koordinate von
Ugze, SO erhélt man wegen der Relation

/d3,r,5UKS<r/) 5“/(7') _ 5(3)(,’,,/ _,r///) (2'25)

on(r) vks(r™)

nach einer Umbenennung der Koordinaten die Integralgleichung

3! 3,0 0%k .. 2.2
/d 5UKS ) Umc Z/d 50 5%(?”/) +c.c (2.26)

KS

Mit der Losung dieser OPM-Integralgleichung wird ein multiplikatives Austausch-Korre-
lationspotential zu einem vorgegebenen orbitalabhéngigen Funktional F,. gewonnen. Eine
vollsténdige Korrektur der Selbstwechselwirkung im Hartree-Term kann nun durch die
Verwendung des Standard-Fock-Ausdrucks fiir den Austauschbeitrag

_ __/d3 /d3 /Z 5m5km5l Tr>ipll’f/|,>90k<rl> (227)

k=1

erreicht werden, wobei die KS-Orbitale einzusetzen sind. Das Kronecker-Delta spiegelt
die Tatsache wider, dass nur bei gleichgerichtetem Spin des k-ten und I-ten Orbitals Aus-
tauscheffekte auftreten. Auf diese Weise wird die korrekte Asymptotik von v, garantiert.

Die Losung der Gleichung (2.26) ist numerisch sehr aufwendig und anspruchsvoll,
kann jedoch fiir sphérische Systeme den Fock-Austausch betreffend mit hoher Genauigkeit
durchgefiihrt werden [94]. Bei der Betrachtung komplizierterer Systeme miissen weitere
Niherungen gemacht werden (KLI®-Niherung: [95], Anwendung auf atomare Systeme
[96]).

Einen Uberblick iiber die Entwicklung orbitalabhéngiger Funktionale fiir den Korrela-
tionsanteil £, geben die Referenzen [97-99]. Ein iber die adiabatische Ndherung hinausge-
hendes Austausch-Korrelationsfunktional mit "Erinnerungsvermogen’ existiert bisher nur
auf Basis der LDA [100].

2.2 Losung der Einteilchengleichungen

In diesem Abschnitt sollen einige Methoden angesprochen und vorgestellt werden, die zur
Losung der Einteilchengleichungen (2.6) entwickelt worden sind. Der kurze Uberblick soll

8KLI: Krieger Li Iafrate
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sich dabei auf rein quantenmechanische Losungsansitze konzentrieren, klassische Losungs-
varianten im Rahmen von CTMC?-Rechnungen [101-104], bei denen das elektronische Sy-
stem durch ein statistisches Ensemble klassischer Punktladungen simuliert wird, werden
nicht niher besprochen. Ein Uberblick iiber die géngigen Methoden wird im Sammel-
band [105] sowie dem Ubersichtsartikel [106] gegeben.

2.2.1 Quantenmechanische Losungsmethoden

Das Ziel der Losung der Einteilchengleichungen besteht darin, die Streuwellenfunktion
|4;(t)) nach Amplituden

¢i = lim (F()[4(0) (2.28)

fir Ubergénge in physikalisch interpretierbare Endkanéle | f) zu analysieren. Dazu kénnen
grundsétzlich zwei Ansétze verfolgt werden:

e perturbative Ansitze
e nichtperturbative Ansitze.

Der Ausgangspunkt fiir perturbative Methoden besteht in der Idee, die Losung durch
Iteration der zur Schrodinger-Gleichung dquivalenten Operator-Integralgleichung im Wech-
selwirkungsbild, d.h. der zeitgeordneten Reihe

O(t;,t;) = Texp {—i /t 7 v}(t)dt} (2.29)

fiir den Zeitentwicklungsoperator des Systems, zu gewinnen. Die Ubergangsamplituden
zwischen dem Anfangszustand des Systems zum Zeitpunkt ¢ = ¢; und den interessierenden
asymptotischen Zustdnden zum Zeitpunkt ¢ = ¢y nach dem Stof sind dann entsprechend
als Matrixelemente dieses Ausdrucks zu berechnen. In erster Ordnung ergibt sich die
sogenannte erste Bornsche Niherung (B1)

o =i [ oy 0lintolen) (2.30)

—00

Die verschiedenen storungstheoretischen Anséitze unterscheiden sich dabei durch die Kon-
struktionen der Wellenfunktionen, die fiir die Anfangs- und Endkanéle des StoBprozesses
verwendet werden. Details zur zeitabhédngigen Stérungstheorie kénnen beispielsweise in
den Biichern [107,108] und den Ubersichtsartikeln [109,110] gefunden werden.

Der nichtperturbative Bereich der Losungsmethoden lasst sich in drei prinzipiell ver-
schiedene Ansétze unterteilen. Zum einen kann die Losung der Schrodinger-Gleichung
mit Hilfe einer finiten Differenzenmethode durch die Diskretisierung von Raum und Zeit
gewonnen werden und zum anderen durch die Diskussion von gekoppelten Kanalgleichun-
gen im Rahmen von Basisentwicklungen der Wellenfunktion. Die Losung der zeitabhéngi-
gen Schrodinger-Gleichung durch eine numerische finite Differenzenapproximation kann
zum Beispiel mit Hilfe des Crank-Nicholson-Verfahrens [111] geschehen. Dabei wird die

9CTMC: Classical Trajectory Monte Carlo Method
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Unitaritdt der Schrodinger-Gleichung und somit ihre Zeitumkehrinvarianz in das Dis-
kretisierungsschema eingebaut. Solche Verfahren sind auf einem Gitter im Konfigurati-
onsraum [112,113], im Impulsraum [114] oder einer Kombination aus beidem [115-118§]
durchgefiihrt worden. Problematisch ist dabei die Endlichkeit des durch die Diskretisie-
rung erfassten Raumes sowie die endliche Gitterweite. Aus diesem Grund kénnen Anteile
der Wellenfunktion an den Gitterrand gelangen und unphysikalische Reflektionen hervor-
rufen.

Als Alternative hierzu finden im nichtperturbativen Bereich Basisentwicklungen der
Wellenfunktion Verwendung. Traditionell werden Entwicklungen nach molekularen Or-
bitalen (MO) [119] oder nach atomaren Orbitalen (AO) vorgenommen (Einzentren-AO-
Basis [120-125], Zweizentren-AO-Basis [126-128], Dreizentren-AO-Basis [129]), wobei sich
die MO-Methode recht gut zur Beschreibung adiabatischer Stéfle, die AO-Methode zur
Beschreibung diabatischer Sto8e eignet. Beide Methoden liefern physikalisch interpretier-
bare Ubergangsamplituden, jedoch ist das Kontinuum, d.h. die Tonisationskanile, nur
schwer zu beschreiben. Diese Problematik wird beispielsweise darin deutlich, dass die mo-
lekularen Orbitale asymptotisch in gebundene atomare Zusténde iibergehen und sich so
der Tonisationsanteil bei grofleren Abstéinden von Projektil und Target in Einfang- oder
angeregte Targetkanéle aufteilt. Es wird versucht, diese Problematik durch die Ergdnzung
der MO-Basis mit Pseudozusténden zwischen Projektil und Target zu umgehen [130,131].
In analoger Vorgehensweise werden AO-Basisentwicklungen durch Pseudozusténde zu po-
sitiven Energien auf beiden Zentren ergénzt, um lonisationsprozesse zu beschreiben. Fiir
Details zur Diskussion iiber die Verwendung von Pseudozustéinden und auftretender li-
nearer Abhéingigkeiten siehe [132-136]. Dariiber hinaus kann eine Kombination aus AO-
und MO-Entwicklung zur Darstellung der Wellenfunktion verwendet werden [137-140].
Neben den AO- und MO-Ansitzen besteht auch die Moglichkeit, Sturmsche Funktionen
(oder auch andere orthogonale Polynome, wie z.B. Gauss-Funktionen) als Entwicklungs-
funktionen zu benutzen [141].

Eine Verbindung der beiden Ansétze — Basisentwicklung nach atomaren Orbitalen und
Gitterrechnung — zur Losung der zeitabhéngigen Schrédinger-Gleichung wurde erst kiirz-
lich in [142] vorgestellt und auf zustandsselektiven Einfang in p + He St68en angewendet.

Zur Beschreibung adiabatischer Stofle existiert neben den angesprochenen Gitterme-
thoden und Basisentwicklungen als dritte Variante die sog. MEHC!’-Methode [143-148].
Hierbei wird die Reaktionsdynamik des interatomaren Stofles mit Hilfe von Kopplungs-
schemata eines komplexwertigen Korrelationsdiagrammes verfolgt. Eine aktuelle Erwei-
terung dieser Methode erlaubt auch die Ausdehnung auf den diabatischen Energiebe-
reich [149, 150].

2.2.2 Das optische Potential

Aus numerischen Griinden muss eine Basisentwicklung in jeder praktischen Rechnung
endlich, d.h. "unvollstandig’, bleiben. Auf diese Weise ist die Zeitentwicklung der anfangs
besetzten Orbitale immer auf einen endlichdimensionalen Teilraum A des Hilbert-Raumes
beschrinkt und die Kopplung dieses Teilraumes an sein durch die Basis nicht dargestell-
tes Komplement B muss vernachlassigt werden. Da auch in dieser Arbeit eine spezielle

IOMEHC: Multi Electron Hidden Crossing
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Basisentwicklung zur Losung der Einteilchengleichungen verwendet wird, soll nun die an-
gesprochene Kopplung niaher beschrieben werden.

Ausgangspunkt hierfiir ist ein quantenmechanisches System, dessen Hamilton-Operator
h(t) in einen stationéren Anteil ho und ein zeitabhéingiges Potential #(t) zerlegt werden
kann

h(t) = ho 4 0(t) . (2.31)

Die Betrachtung der Zeitentwicklung des Systems erfolgt nun im Wechselwirkungsbild,
welches durch eine unitére Transformation beziiglich des ungestorten, stationdren Hamilton-
Operators hy

|01 (t)) = expliho(t — to)][¢(t)) (2.32)

definiert ist und im Folgenden durch den Index I gekennzeichnet wird.

Die entsprechende Schrodinger-Gleichung im Wechselwirkungsbild fiir jede Anfangs-
bedingung ergibt sich dann durch Einsetzen dieser Transformation in die Einteilchenglei-
chungen (2.6) mit dem Hamilton-Operator (2.31) zu

Ol = (Vilt) —i0) [oa(1) (2.33)
Vi(t) = expliho(t —to)] 0(t) exp[—iho(t — to)] - (2.34)

Durch die Einfithrung der beiden indempotenten, hermiteschen Projektoren A und B, die
zueinander orthogonal sind, wird dann die Abbildung eines beliebigen Zustandsvektors
auf die Modellrdume A und B erméglicht

B=1-A, AB=BA=0. (2.35)

Mit Hilfe dieser Projektoren kann die Schrédinger-Gleichung im Wechselwirkungsbild
in zwei gekoppelte Gleichungen fiir die beiden Teilraumlosungen |y = Alyr) und
|¥P) = Blyr) aufgespalten werden [151,152]

AG Al = —AO,Bluf) (2.36)
BOBIWP) = ~BOAuf) . (2.37)

Als formale Losung der Gleichung fiir den B-Raumanteil (2.37) erhélt man dann

B (t)) = —i / Bi(t, )0, () ()t (2.38)

to

wobel die Definition

A ~

BW)O[(t)By(t,t) =0,  Bj(t,t) = B(t) (2.39)

fiir den Entwicklungsoperator der Zusténde in B verwendet wurde. Die Beziehung (2.38)
kann nun in die Gleichung (2.36) eingesetzt werden, so dass sich fiir die Darstellung der
Losung im Teilraum A

AOAWYY = Vilyh) (2.40)

Vo) = iA1)01(1) / tB’z(t,t')Oz(t/)lw}“(t’)>dt’ (2.41)

to
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ergibt. Es ist zu erkennen, dass diese Losung iiber den nichthermiteschen Operator V(,pt,
das optische Potential, an den Teilraum B gekoppelt ist. Wird nun der Projektor A durch
ein orthonormales Funktionensystem {|(;(¢)),j = 1,..., N} definiert, so erhdlt man mit
den Entwicklungskoeffizienten ¢y (t) = (i (t)[13'(t)) aus (2.40) die gekoppelten Kanalglei-
chungen

ien(t) =Y e (O(GMI0NDIG ()
j=1 (2.42)

- ZZ/t c; () {(Ce(8)|O1(t) Br(t, ) O ()¢ (¢))at

die vollkommen #quivalent zur Schrodinger-Gleichung (2.33) sind. In den vorher beschrie-
benen Losungsansétzen endlicher Basisentwicklungen wird der Einfluss des optischen Po-
tentials vollstdndig vernachléssigt und lediglich die Gleichung

AO Al =0 (2.43)

im vorgegebenen endlichen Modellraum A gelost. Durch moglichst vollsténdige Basisent-
wicklungen wird dabei versucht, ein Verschwinden des optischen Potentials zu erreichen. In
dieser Arbeit soll eine alternative Strategie verfolgt werden, die auf eine Basisentwicklung
hinauslauft, die moglichst optimal den eindimensionalen Unterraum des Hilbert-Raumes
enthélt, in dem die Losung der Gleichung (2.33) zu einer vorgegebenen Anfangsbedingung
liegt.

2.2.3 Die Basis Generator Methode

Um eine moglichst optimale Darstellung der Losung der zeitabhéngigen Gleichung (2.33)
zu erhalten, muss ein entsprechender Modellraum A so konstruiert werden, dass die Kopp-
lung an den nicht erfassten Komplementidrraum B iiber das beschriebene optische Po-
tential minimal wird. Ausgangspunkt dafiir sind die gebundenen Eigenfunktionen des
ungestorten Hamilton-Operators ho, in denen fiir die Zeit ¢ — —oo die physikalische
Anfangsbedingung enthalten ist, da dann das Potential 0(t) verschwindet

hol@9) = £,]¢0) = —id|¢))  v=1,...,V. (2.44)

Die Transformation ins Wechselwirkungsbild erfolgte gemafl der Gleichung (2.32) mit Hilfe
einer Energiephase zu

|¢0) = explicy(t — to)]l¢h) - (2.45)
Aus diesen Funktionen kann durch sukzessive Anwendung des Schrédinger-Operators 0,
das nichtorthonormierte Funktionensystem

68) = (On(t) —<u)loy™)
= (Or(t) —&,)"¢%) , u=1,...U0, wv=1,..V (2.46)

aufgebaut werden, dessen Funktionen linear unabhingig sind [153]. Die Basis {|¢; (%))}
ist durch die sukzessive Anwendung des Schrodinger-Operators, der ja hg und die genaue
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Form der systemspezifischen zeitabhéingigen Wechselwirkung enthélt, der jeweiligen Pro-
blemstellung angepasst und spannt einen (U + 1) x V' dimensionalen Teilraum A" des
Hilbert-Raumes auf. Da die Zustinde nichtorthonormiert sind, taucht im Projektor AYY

auf diesen Teilraum AUY die Inverse der Uberlappmatrix (4%|¢%) " auf

U 1%
AV = NS qem(etlen) ey . (2.47)

u,u/=0 v,u'=1

Setzt man den Projektor AUV in die Bewegungsgleichung (2.40) ein, so nehmen die ge-
koppelten Kanalgleichungen in AYY die Gestalt

u Vv u v
PSS e milen = 33 o100l
u=0 v=1 u:[? v:V t (248)
S5 [t B o e ar

u=0 v=1 Yo

an. Fiir die Kopplung eines Basiszustandes an den Komplementiarraum BYY ist also die
Projektion

AUV cud I (3 wtl 0 falls u < U —1

BYVIopt) = (i = Ao = { S U (2.49)
ausschlaggebend. Wie in Abb. 2.1 verdeutlicht wird, kénnen die Zustinde mit uv < U
nur innerhalb des Modellraumes A"V koppeln, wohingegen Kopplungen zwischen AYY
und dem komplementiren Raum BYY iiber das optische Potential nur fiir Zustinde der
hochsten Ordnung v = U moglich sind. Werden also wiahrend der Zeitentwicklung eines
zu betrachtenden Systems diese Zusténde nicht besetzt, so verschwindet die Kopplung an
BYV und die gesamte Losung der Schrodinger-Gleichung (2.33) ist in AYY exakt enthalten.
Aus diesem Grund kann die Besetzung der Zustéande dieses dufleren Unterraums mit « = U
als Maf fiir die Konvergenz der Basis angesehen werden.

Um einen Eindruck von der konkreten Struktur der auf diese Weise konstruierten
Funktionen zu gewinnen, sollen nun die Konstruktionsvorschriften fiir die Zustdnde der
ersten Ordnungen u = 1,2, 3 explizit ausgeschrieben werden. Geméafl der Vorschrift (2.46)
ergeben sich diese zu

o) = Vil (2.50)
) = (G0 oVl (251)
69 = (V) = 3Vi(DATi(0) — FVi(1))]69) (2.52)

Es ist zu erkennen, dass sie in u-ter Ordnung durch Anwendung eines Polynoms u-ten
Grades im Operator V; gebildet werden. Wie in Referenz [153] fiir die allgemeine Kon-
struktion dieser Polynome bewiesen wurde, enthalten die auftretenden Zeitableitungen



2.2 Losung der Einteilchengleichungen 19

Abb. 2.1: Darstellung des Kopplungsschemas fiir den optimierten Darstellungsraum: Der
endliche Modellraum AYY wird durch den durchgezogenen Kreis symbolisiert, dessen Komple-
mentirraum BYY befindet sich auBerhalb dieses Kreises. Die Pfeile weisen auf mogliche Kopp-
lungen fiir die verschiedenen Ordnungen u hin.

von VI im Wechselwirkungsbild Kommutatorterme mit 710

V() = 0 (expliholt — to)] 9() expl—iho(t — to)])

— expliho(t — to)] (ilho, 8(2)] + 00(t) ) expl—iho(t — to)] (2.53)
GRVi(t) = 0 (expliholt — to)] (ilho, (1) + B0(1) ) expl-iho(t — to)])

— expliho(t — to)] (= [ho, lho, 0(2)]] + 2ilho, Dyo(1)] + BZ0(1) )

X exp|—tho(t — to)] . (2.54)

Eine explizite Auswertung dieser Vielfachkommutatoren mit dem Einteilchenoperator
ho = —1A + &y und Beriicksichtigung der Eigenwertgleichung (2.44) ergibt schlieflich

|6) = expliho(t — to)] (1)]Y) (2.55)
) = eliba(t — )] (~38000) + 607 — () - Vole) V) o) (250
%) = expliholt - ) GA%@) —(V(1))? — J0() (1) + D, A0(1) + (1)

— 30(1)i0y0(t) — O (t) + V30(t) - V — 30(t) Vo (t) - V + 2i0, Vi(t) - V
+V(Vo(t)- V) -V 4+ Vo(t) - V@0> |9) . (2.57)
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Der Ubergang ins von nun an verwendete Schrodinger-Bild erfolgt durch die Transforma-
tion

0%y = explihg(t — to)]|¢"),  w=0,...,U. (2.58)

Es ist offensichtlich, dass die Struktur dieser Basiszustande |pl) mit steigender Ordnung
u immer komplizierter wird und eine explizite Konstruktion iiber die ersten Ordnungen
hinaus nicht moglich ist.

Im Rahmen der Basis Generator Methode (BGM) wird deshalb versucht, eine einfa-
chere Konstruktionsvorschrift zur Definition eines neuen endlichen Modellraumes RM¥
zu finden, in dem der Modellraum AYY vollstindig enthalten ist und somit auch die
gesamte Losung der gekoppelten Kanalgleichungen in diesem Raum liegt. Die Konstruk-
tion des neuen Basissatzes {|x*(t)),v =1,...,N,u=0,..., M} erfolgt dabei durch eine
Abbildung X, die nur die Potenzen des Potentials 0(t) enthélt

(1) = X (0(6))"x) (2.59)

und die schon formulierte Bedingung
AV CRMN = [ |x*(t)), v=1,...,N, p=0,.... M (2.60)

erfiillt. Dabei sind die Entwicklungsgrenzen M (U, V) und N(U, V) als Funktion der ur-
spriinglichen Grenzen (U, V') zu bestimmen. Wie in [154] gezeigt wird, sind zur Erfiillung
der Bedingung (2.60) zwei Anforderungen an die Basis {|x%(¢)),v=1,...,N,
pw=0,...,M} zu stellen. Zum einen miissen die Eigenzustinde [©?), die ja die physi-
kalische Anfangsbedingung beschreiben, in R™¥ enthalten sein

[Wo) = |W(ty)) € A C R, (2.61)

zum anderen miissen sich die Zustéinde |y*) unter der Abbildung h(t) — id, strukturell
reproduzieren. Damit ist gemeint, dass eine Anwendung von iz(t) — 10, auf einen Basiszu-
stand |x%) wiederum eine endliche Linearkombination £, von Basiszusténden {|x%(t))}
erzeugen muss

(h(t) = i00) IXE(1) = L ((NAENY) € [IXAD), A=1,.. L, k=0, K| (262)

Dabei gilt L = L(p,v) und K = K(p,v) und im allgemeinen auch L > v und K > p.
Der Beweis, dass zur Erfiillung der Bedingung (2.60) die Gleichungen (2.61) und (2.62)
hinreichend sind, erfolgt induktiv nach dem Schema

(2.61)

) 2 L)
)= () —i0)leh) = (h(t) = 0L (1))
= £ () —io) =L (£0x0) = L)

AV RMN (2.63)
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Die Formulierung dieser Bedingungen fiir die Auffindung eines neuen Modellraumes R™¥
der den alten Modellraum AYY vollstindig enthilt, ist unabhingig von der Form der
Wechselwirkung in der zeitabhédngigen Schrodinger-Gleichung (2.33). Jedoch muss wech-
selwirkungsspezifisch eine Basis gefunden werden, die die Bedingungen (2.61) und (2.62)
erfiillt. Ist dies geschehen, so kann der Indexbereich dieser Basis nach (2.63) so bestimmt
werden, dass die vollstindige Einbettung von AYY in RM¥Y gewihrleistet ist. In Refe-
renz [154] wird gezeigt, dass fiir Streuprobleme, in denen Projektil- und Targetpotential
coulombartig sind, eine solche Basis {|x*(t))} gefunden werden kann. Sie lautet

Xoim (7,6, €)= 107 exp(=87er)(r/Ter) Yim (9, ) (2.64)
XZlm<T7 t? 57 €r, EP) = (WP<t7 GP))MX(r]leOaa fa 6T) (265>

mit der Definition 7., = [r? 4+ ¢2]'/? und den Indexbereichen

Z,M,L,N,MGNo, manaNZEZ
l<m<I<L I+N.<n<N
N,<O0<L<N-1, 0<u<M. (2.66)

Wie zu erkennen ist, treten in (2.64) fiir n < 1 negative Potenzen von r,. auf. Allgemeiner
kann man also die Konstruktionsvorschrift (2.65) geméafl

XZ77;<T7 t, §> €r, 6P) = (WP<t7 eP))u<WT(€T>)“/X9le<T> f, 6T) (2'67>

umformulieren. Hierbei wurden die Coulomb-Potentiale der beiden Zentren durch die
regularisierten Ausdriicke

_Qr _% = —QrWrl(er)

H
' i+l

Qp Qp B
o T TEm e = 9rrlte) (2.68)

ersetzt. Der Abstand des Elektrons vom Projektil ist mit 7, (t) = |r — R(t)| definiert wor-
den. Die auftretenden endlichen Konstanten ¢, und €, sind Regularisierungsparameter
und konnen als endliche Kernradien interpretiert werden. Die Regularisierung ist not-
wendig, um andernfalls auftretende Divergenzen zu vermeiden. Unter Verwendung dieser
Definitionen setzt sich der Hamilton-Operator des coulombartigen Einelektronsystems
folgendermaflen zusammen

h(t) = —%A Qe Wir(er) — Qp Wt er) . (2.69)

Die so gefundene BGM-Basis fiir coulombartige Systeme ist unabhéngig von der Projek-
tilladung und -geschwindigkeit, hingt aber iiber die Abschirmkonstante £, die durch die
physikalische Anfangsbedingung bestimmt wird, implizit von der Targetladung ab.
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2.2.4 Numerische Umsetzung der BGM

Bei der bisherigen Umsetzung des BGM-Konzepts wurden einige Ndherungen vorgenom-
men, die von der im vorhergehenden Abschnitt beschriebenen exakten Konstruktionsvor-
schrift fiir die Basisfunktionen abweichen, um den numerischen Aufwand zu reduzieren.
Dabei wurde zunéichst die generierende Basis {|x2;,.)} (Gleichung (2.64)) durch die atoma-
ren Eigenfunktionen des ungestérten Targetatoms {|0%, )} (Gleichung (2.44) und (2.45))
ersetzt

X%lm(r7 §7 ET) - SO?le('f') (27())

und die Konstruktionsvorschrift (2.67) auf diese Funktionen angewendet

Xt (75, €0) = (Wit €0) V(Wi (er) @i (r) - (2.71)

Formal werden durch diesen Schritt die Bedingungen (2.60) und (2.62) verletzt, wohinge-
gen die Bedingung (2.61) nun natiirlich explizit von der generierenden Basis erfiillt wird.
Weiterhin hat sich gezeigt, dass es aufgrund numerischer Anforderungen nicht moglich
ist, den Parameter ¢, < 1 zu wéhlen, sondern mit dem Wert €, ~ 1 zu arbeiten.

Es hat sich herausgestellt, dass es ausreichend ist, fiir positiv geladene Projektile le-
diglich mit BGM Zustdnden aus (2.71) zu arbeiten, die durch Wp(t,€,) alleine erzeugt
wurden. Analog wird fiir ein Antiproton als Projektil nur Wr(e;) verwendet, da in diesem
Fall keine Einfangkanile, d.h. am Projektil gebundene Funktionen, dargestellt werden
miissen [56].

Konvergenzuntersuchungen fiir eine solche BGM Basis [153,155] haben ergeben, dass
sich sowohl mit wachsender Basisgrofie (Index N) als auch mit der Hinzunahme héherer
Potentialpotenzen (Index M) ein entsprechendes Konvergenzverhalten einstellt. Aller-
dings zeigt sich, dass erst die Hinzunahme hoéherer Potenzen von Wp die Beschreibung
des Zweizentrencharakters eines Systems moglich macht. Diese Konvergenz der gendher-
ten BGM-Basis mit steigender Ordnung M kann durch eine weitere Modifikation des
Ansatzes (2.71) beschleunigt werden

Xt (T 1 €, 00) = (W (t, €0))" (1 — exp(—arp,))" @i (r) | (2.72)

der zur Simulation der exponentiellen Asymptotik atomarer Projektilzustédnde dient und
eine verbesserte Darstellung solcher Zustéinde bewirkt. In dieser Gleichung wurde die
Abkiirzung 7, = [r2(t) + €2]'/? verwendet. Die Wirkung des Zusatzterms wird offensicht-
lich, wenn man ihn geméfl dem Binomischen Lehrsatz entwickelt

o
©wo_ w A

(1= expl-arn ) =) (§) 1 exp(-arn). (273)
In der p-ten Ordnung der Basis werden folglich Exponentialfaktoren zu den Abschirmkon-
stanten « bis a- p erzeugt, die die Darstellung der exponentiellen Asymptotik unterstiitzen
und somit eine beschleunigte Darstellung bewirken. Die Verwendung dieses Zusatzterms
(1 — exp(—arp,))" macht es gleichzeitig moglich, den Regularisierungsparameter ¢, be-
liebig klein zu wéhlen, da die auftretenden Divergenzen durch den Zusatzterm selbst
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beseitigt werden. Der Parameter kann deshalb in der Praxis ¢, = 0 gesetzt werden, so
dass fiir die Konstruktionsvorschrift der Basis fiir positiv geladene Projektile schlieflich

Vi) = (5 epl-ar(®)) o)

= <Wp(t, a)) 8 2 (1) (2.74)

und fiir ein Antiproton als Projektil

i
’

Cinria) = (Fa—ep(-ar)) phintr)

= (Wr(@)" @) (2.75)

iibrigbleibt. Fiir den in dieser Formulierung auftretenden Parameter o wurde @ = 1
gewahlt.

Um den Rechenaufwand bei der Losung der Schrédinger-Gleichung in einer solchen
Basis weiter zu reduzieren, kann die Invarianz des elektronischen Hamilton-Operators
beziiglich Spiegelungen an der Streuebene ausgenutzt werden. Dabei werden statt der
iiblichen komplexen, symmetrieangepasste reelle Kugelflachenfunktionen fiir die Winkel-
anteile in den Basisfunktionen verwendet

P™(cos ) cos(myp)

o<m<lI. 9.76
P (cos ) sin(myp) == (2.76)

{Y}m(ﬁ, 90)7 —l S m S l} — {

Wegen der angesprochenen Spiegelsymmetrie tritt wahrend der Zeitentwicklung des Sy-
stems keine Mischung zwischen den Anteilen der Basis mit cos(mg) (‘gerader’ Anteil)
und denen mit sin(me) (‘ungerader’ Anteil) auf. Fiir einen Anfangszustand mit gege-
bener Symmetrie ist es folglich ausreichend, die Zeitentwicklung in dem entsprechenden
‘geraden’ oder 'ungeraden’ Teilraum zu velrfolgen11

Zur Stabilisierung der Numerik und einer moglichst direkten Interpretierbarkeit der
Ergebnisse werden die Funktionen der Ordnungen pu, ¢/ > 1 orthogonal zu den atomaren
Eigenfunktionen {|©?, )} konstruiert. Eine solche Orthogonalisierung kann in allgemeiner
Form durch den Polynomansatz

bzx):Z (W) Za”“m ), X:PT (2.77)
)\/

erreicht werden, wobei die Quantenzahlen nim wieder durch den Multiindex v abgekiirzt
wurden. Fiir die angesprochene spezielle Orthogonalisierung werden diese Koeffizienten
aly® im Anhang A.1 explizit bestimmt.

S0 setzt sich beispielsweise die Wellenfunktion ¢g,,, folgendermafien aus einem ’geraden’ Anteil
©2p,, und einem ungeraden’ Anteil ¢z,,, Zusammen: g, , = % (gpgplg + <p2p1u). Zusténde mit m =0
besitzen lediglich einen ’geraden’ Anteil.
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Die Losung der Einteilchengleichungen (2.6) mit dem Hamilton-Operator (2.31) erfolgt
dann durch Entwicklung der Einteilchenorbitale |¢;(t)) nach der Basis (2.77)

[it)) =D D (DI (2.78)

pn=0 v=1

und der Losung der sich daraus ergebenden gekoppelten Kanalgleichungen

MV ‘ MV

pn=0 v=1

fiir alle anfénglich besetzten Zusténde ¢. Da keine vollstindige Orthogonalisierung der
Basis (2.77) vorgenommen wurde, treten in dieser Gleichung neben den Wechselwirkungs-
matrixelementen auf der rechten Seite auch Uberlappmatrixelemente auf der linken Seite
auf. Alle diese Matrixelemente kénnen aus bestimmten Grundmatrixelementen aufgebaut
werden, die in Anhang A.2 zusammengefasst sind. Details zur praktischen Losung von
(2.79) sind in Anhang A.3 zu finden.

Die in diesem Abschnitt beschriebene numerische Umsetzung des BGM-Konzeptes
wurde bereits sehr erfolgreich in vielfaltiger Weise auf Ion-Atom-Stofie [54-56], Ton-Ton-
StoBe [57-60], Ton-Molekiil-StoBe [61-63] und erst kiirzlich auch auf Laser unterstiitzte
Ton-Atom-Stofe [64,65] angewendet.

2.3 Observablen fiir ein Zweiteilchen Spin-Singulett
System

Wie schon in Abschnitt 2.1.1 beschrieben wurde, sind im Rahmen der TDDFT auf der
Grundlage des Runge-Gross-Theorems alle Observablen Funktionale der zeitabhéngigen
Einteilchendichte n. Weil dieser funktionale Zusammenhang zwischen der Dichte und den
meisten interessierenden Observablen jedoch nicht bekannt ist, sind weitere vereinfachende
Annahmen bei der Auswertung der Einteilchenlosungen und der Interpretation dieser
Ergebnisse unumgénglich. Da in der vorliegenden Arbeit lediglich Zweiteilchen-Systeme
mit einer Spin-Singulett-Anfangsbedingung untersucht werden sollen, beschrinken sich
die Detailaussagen der folgenden Abschnitte auf diesen Spezialfall.

2.3.1 Nettowahrscheinlichkeiten

Nettowahrscheinlichkeiten als Erwartungswerte der Einteilchendichte sind unter bestimm-
ten Voraussetzungen explizite Dichtefunktionale und enthalten Informationen iiber die
mittlere Anzahl von Elektronen in bestimmten Endzusténden des Vielelektronensystems.
Bedingung dafiir ist, dass man die Einteilchendichte eindeutig in einen endlichen Targetan-
teil (T), einen endlichen Projektilanteil (P) und einen unendlichen Komplementéranteil
(I) aufteilen kann, die jeweils klar voneinander getrennten Gebieten im Ortsraum entspre-
chen und keinen Uberlapp aufweisen, d.h. keine Interferenzen untereinander zeigen. Ist
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dies der Fall, so ist das Gesamtvolumen des Einteilchenraums gegeben durch V- = T+ P+1
und die Teilchenzahl N kann als

N - /V n(r )dr = /T n(r )dr + /P n(r )dr + / n(r, £)dr

I
= ppet 4 ppet 4 pret (2.80)

geschrieben werden. P stellt die mittlere Anzahl von Elektronen dar, die im Teilraum x
detektiert werden konnen. Fiir den Fall eines anfénglich neutralen Targets und vollstéindig
ionisierten Projektils werden diese mittleren Teilchenzahlen als Nettowahrscheinlichkeiten
fiir Ionisation und Einfang interpretiert. Eine entsprechende Nettowahrscheinlichkeit fiir
Elektronenverlust ist geméfl der Teilchenzahlerhaltung durch

Ppet = Ppet 4 Ppet = N — Ppet (2.81)

loss

definiert und charakterisiert die mittlere Targetladung.

Problematisch bei obigen Ausfithrungen ist jedoch, dass eine Separation des Ortsraums
in die angesprochenen Teilgebiete fiir endliche Zeiten nach dem Stofl im allgemeinen nicht
moglich ist. Kontinuumselektronen werden beispielsweise auch fiir sehr grofie Absténde
zwischen Projektil und Target in der ndheren Umgebung beider Zentren gefunden.

2.3.2 Zweiteilchen-Ubergangswahrscheinlichkeiten

Ausgangspunkt zur Berechnung von Vielteilchenwahrscheinlichkeiten stellt die in (2.4)
definierte g-Teilchendichte dar, die die inklusive Wahrscheinlichkeit dafiir angibt, ¢ Elek-
tronen an bestimmten Positionen des Konfigurationsraumes zu beobachten, wihrend die
verbleibenden N —q nicht explizit detektiert werden. Zwischen den g-Teilchendichten kann
unmittelbar iiber ihre Definition (2.4) der Zusammenhang

+1
Yy, ..., xyt) = szi—q /d4xq+17q+1(w1, cey Tgt1,t) (2.82)

hergeleitet werden. Des Weiteren sind die g-Teilchendichten normiert

N
/ d'ry . drry (T, g, t) = ( ) ; (2.83)
Va q

wobei V7 symbolisiert, dass sich die Koordinaten aller ¢ Elektronen iiber das gesam-
te Volumen V' erstrecken. Teilt man dieses Volumen in Teilbereiche auf, beispielsweise
V =T + [ fiir ein Zweielektronen-System, das durch einen Antiprotonenstofl entweder
angeregt oder ionisiert werden kann, so wird aus dem Normierungsintegral [156]

1 = /72=/72+2/72+/72
V2 T2 TI 12
— PT2+PT[—|—P[2. (284)

Die auftretenden Wahrscheinlichkeiten stehen fiir: Verbleib beider Elektronen am Target
(Pr2), Einfachionisation bei moglicher gleichzeitiger Anregung (Pr;) und Zweifachionisa-
tion (Pr2). In verallgemeinerter Form fiir V Elektronen lautet das Normierungsintegral

N v
N\ (v
VN (T+P+D)N Z Z v K) JrN—vpr—pgn ( )

v=0 pu=0
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Die einzelnen Terme der Summe stellen die Wahrscheinlichkeiten dar, gleichzeitig N — v
Elektronen am Target vorzufinden, v —p am Projektil und g im Kontinuum, also ionisiert.
Dabei ist es immer moglich, die Integration iiber den unendlichen Teilraum I in eine Inte-
gration iiber T" oder T"und P aufzutrennen. Im Beispiel (2.84) kann die Wahrscheinlichkeit
fiir Einfachionisation unter Verwendung von (2.82) als

PTIZQ/’VQ:Q/ ’72:/’71—2/’72
TI T(V-T) T T2
= Ppet_ 2 / e (2.86)
T2

geschrieben werden. Mit Hilfe dieser Wahrscheinlichkeiten kann man bei Kenntnis des
Anfangszustandes also den Ladungsendzustand des Systems analysieren. Da jedoch der
analytische Zusammenhang zwischen der auftretenden g-Teilchendichte ¢ und der Ein-
teilchendichte n nicht bekannt ist, sind diese Wahrscheinlichkeiten nicht exakt im Sinne
des Konzepts der DFT berechenbar. An dieser Stelle sind Ndherungen unumgénglich.
Am naheliegendsten ist, die Wahrscheinlichkeiten im Modell unabhdngiger Teilchen
(IPM'?) auszuwerten. Die g-Teilchendichte ergibt sich darin als q x q- Determinante der
Einteilchendichtematrix [69], da sowohl der Anfangs- als auch der Endzustand des Viel-
elektronenproblems als einzelne Slater-Determinante gendhert werden

1 Yy, a1) - @)
V(X Ty) = i : : : (2.87)
71<xq7 1’1) e 71<xq7 xQ>
Fiir den Spezialfall eines Zweiteilchen-Systems mit einer Spin-Singulett-Anfangsbedingung
bricht die Determinantenstrukur (2.87) zusammen, und es ergeben sich die relevanten
Zweiteilchen-Ubergangswahrscheinlichkeiten durch einfache Binomialstatistik zu [62]

Einfacheinfang : Pip =2pppr = 2pp(1 — pp — pr) (2.88a)
Zweifacheinfang : Pyp =pp (2.88b)
Einfachionisation : Pi; =2ppr = 2p;(1 —pp — p1) (2.88¢)
Zweifachionisation : Py; =p? (2.88d)
Transferionisation : Ppr =2pppr (2.88e)
Nettoeinfang : Pp® =2pp (2.88f)
Nettoionisation : Py =2p; (2.88g)
Nettoverlust : P2 =2(pp + p1) = 2Pioss (2.88h)
Einfachverlust : Pioss=2P1oss(1 — Pross) = Pip + Pir (2.881)
Zweifachverlust : Pyjoss=pi... = Pop + Por + Ppy (2.88j)

12TPM: Independent Particle Model
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mit den Einteilchen-Ubergangswahrscheinlichkeiten

Anregung : pT:%/Tn(r,t — 00)d’r (2.89a)
Einfang : pp:%/Pn('r,t — o0)d’r (2.89b)
Ionisation : p; :% /In(r,t — o0)d’r (2.89¢)
und der Normierung
pr+pp+pr=1. (2.90)

Weitere Beispiele fiir Ubergangswahrscheinlichkeiten, die Funktionale der g-Teilchendichte
darstellen, findet man in [82]. Da man den Korrelationsanteil der Wellenfunktion in dieser
Néherung vollstédndig vernachléssigt, ist davon auszugehen, dass deren Vielteilchencharak-
ter nicht vollstdndig erfasst wird. Ausdruck dieser Problematik ist die Tatsache, dass sich
die Einfach-Prozesse vollstéandig durch Zweifach-Prozesse ausdriicken lassen:

Pip =2 (\/PQP — Py — \/P2,> (2.91a)
Py =2 (\/P2 Py — \/PQP) (2.91b)
Plloss =2 (\/ PZloss - P2loss> . (291C)

Diese Abhéngigkeiten sind offensichtlich unphysikalisch und ein Artefakt der Naherung
der Wellenfunktion als eine einzige Slater-Determinante [156].

In der praktischen Umsetzung werden innerhalb einer Kanaldarstellung fiir asymptoti-
sche Zeiten nach dem Stof} (t — oo) Endzustédnde f festgelegt, deren Besetzungen dann als
Anregung (pr) (2.89a), Einfang (pp) (2.89b) und Ionisation (p;) (2.89¢) betrachtet wer-
den. Die generierende BGM Basis (2.70) représentiert die Kanéle fiir elastische Streuung
und Anregung. Die Ubergangswahrscheinlichkeiten fiir Einfang miissen durch Projektion
auf bewegte Projektilorbitale gewonnen werden, die Ionisationswahrscheinlichkeit ergibt
sich dann aufgrund der Normerhaltung (2.90). Eine detaillierte Beschreibung, wie die-
se Projektion im Rahmen des BGM-Konzeptes ausgefiihrt werden kann, findet man in
Anhang A 4.

2.3.3 Berechnung von Wirkungsquerschnitten

Aus den im vorhergehenden Abschnitt abgeleiteten Wahrscheinlichkeiten P, fiir die ver-
schiedenen Prozesse ergeben sich im Rahmen der semiklassischen Naherung des Stofipa-
rametermodells durch das Integral

Oy = 27?/ dbb P,(b) (2.92)
0

die entsprechenden totalen Wirkungsquerschnitte o,, die direkt mit experimentellen Er-
gebnissen verglichen werden kénnen.



28 2. Theorie der Elektronendynamik in interatomaren Stofiprozessen

Eine Bessel-Transformation der zugehérigen Ubergangsamplituden erlaubt [157] — ob-
wohl eine gerade Bahn fiir das Projektil zugrundegelegt wurde — die Berechnung beziiglich
des Projektilstreuwinkels differentieller Wirkungsquerschnitte

/ dbb et T, . <2,uv sin % b)
0

wobei © den Streuwinkel, p die reduzierte Masse und v die Projektilgeschwindigkeit be-
zeichnen. Solche differentiellen Wirkungsquerschnitte wurden mit Hilfe der BGM fiir den
Ladungsaustausch in He?t — B?* StéBen berechnet und eine sehr gute Ubereinstimmung
mit experimentellen Daten erzielt [60].

2

doy;
Ok , (2.93)

ds?

(©) = p*v?




Kapitel 3

Modelle fiir das Responspotential

Quantenmechanische Systeme mit vielen aktiven Elektronen kénnen in systematischer
Art und Weise mit Hilfe der im vorhergehenden Kapitel dargestellten TDDFT beschrie-
ben werden. Den kritischen Punkt in der theoretischen Formulierung stellt dabei die
Einbeziehung der Elektron-Elektron-Wechselwirkung dar. Die Modellierung und Untersu-
chung verschiedener Bestandteile der Elektron-Elektron-Wechselwirkung soll Inhalt dieses
Kapitels sein.

3.1 Die 'no-response’ Ndherung

Das in Abschnitt 2.1.3 eingefiihrte, zeitabhidngige Kohn-Sham-Potential vrpks[n|(r,t)
setzt sich geméf (2.9) aus dem externen Potential v, (7, t) und dem effektiven Potential
Vee[n](r, 1), das die Elektron-Elektron-Wechselwirkung beschreibt, zusammen

vrpKs [ (7, ) = Vert (7, 1) + Vee[n] (7, 1) (3.1)

Vee[n] (7, ) kann wiederum in den klassischen Hartree-Anteil vy [n|(r,¢) und den quanten-
mechanischen Austausch-Korrelationsanteil v,.[n](r, t) aufgespalten werden (siche (2.12)

Vee[n](r,t) = wg[n](r,t) + vie[n](r, t)
vgn|(r,t) + v [n](r,t) +v.[n](r,t) . (3.2)

Da, wie in Abschnitt 2.1.4 erldutert, das exakte, zeitabhéngige Funktional fiir den Korre-
lationsanteil v.[n](r,t) bisher nicht gefunden werden konnte, wird dieser vernachlissigt

Vee[n] (7, 1) = vy [n](r,t) + v [n](r,t) . (3.3)

Im Folgenden wird diese Néherung auch mit 'z-only’ bezeichnet. Um verschiedene Aspekte
der effektiven Elektron-Elektron-Wechselwirkung untersuchen zu kénnen, wird (3.3) nun
in einen stationiren Anteil v2,[n](r) und einen zeitabhingigen Responsanteil dve.[n](r, t)
aufgespalten

Vee[n] (7, 1) = v, [no) (1) + vee[n] (7, 1) . (3.4)

29
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Der stationdre Anteil beschreibt dabei die Wechselwirkung der Elektronen im Grundzu-
stand des Targetatoms, der Responsanteil die Verdnderung dieser Wechselwirkung auf-
grund der Anwesenheit des Projektils. Fiir schnelle Stofle, d.h. Sté8e, bei denen die Pro-
jektilgeschwindigkeit grofl im Vergleich zu typischen Orbitalgeschwindigkeiten der aktiven
Elektronen ist, kann das Responspotential vernachlissigt werden

Svee[n|(r,t) = 0. (3.5)

Da die Wechselwirkungszeit fiir solch schnelle St68e zu kurz ist, um wesentliche Verédnde-
rungen der elektronischen Dichte bewirken zu konnen, ist diese Ndherung gerechtfertigt.
Im Weiteren soll sie mit 'no-response’ bezeichnet werden.

In fritheren Arbeiten [155,158,159] wurden statische Austauscheffekte im Rahmen der
no-response Niherung untersucht. Dabei wurden sowohl Latter-korrigierte LDA Potentia-
le als auch OPM Potentiale fiir den stationdren Anteil v%,[ng](r) verwendet. Es zeigt sich,
dass die Nettowirkungsquerschnitte fiir lonisation und Einfang durch das LDA Potential
im Vergleich zum OPM Potential systematisch iiberschétzt werden. Ursache hierfiir ist die
unvollstéindige Korrektur der Selbstwechselwirkung im Falle der LDA, was zu einem zu
kleinen ersten lonisationspotential und somit falschen Bindungsverhéltnissen fiihrt. Fiir
grofle Einschussenergien ergibt das OPM Potential sehr gute Ergebnisse, Abweichungen
treten im Bereich kleiner Stoflenergien hauptsédchlich fiir Vielteilchenprozesse auf. Der
Grund dafiir sind Responseffekte, deren Modellierung im Folgenden beschrieben werden
soll.

3.2 (Globales Responsmodell

Wird wihrend eines Stofles elektronische Dichte vom Target durch Ionisation oder Ein-
fang entfernt, so nimmt die Bindungsenergie der verbleibenden Elektronen aufgrund der
schwicher werdenden Abschirmung zu. Es wird folglich zunehmend schwieriger, die ver-
bleibenden Elektronen zu entfernen. Ein Modell, das diesen Sachverhalt in globaler Weise
beschreibt, wurde in [160] entwickelt. Hierbei wird der Responsterm dve.[n](r, t) durch eine
Linearkombination ionischer Targetpotentiale v,[ng|(r) dargestellt, die mit der zeitabhéngi-
gen Wahrscheinlichkeit gewichtet werden, das entsprechende Ion wéahrend des Stofles zu
erzeugen

Ve[ Z wloss (1) Ug[Mo] (1) (3.6)

P, 1055 stellt die Wahrscheinlichkeit fiir q—fach Verlust dar. Die ionischen Potentiale werden
dabei durch das atomare Grundzustandspotential v2,[ng)(r) genéihert, dessen Asymptotik

N -1
Vee[no] () = v [no] (r) — (3.7)
r—00 r
entsprechend der jeweiligen Ladung angepasst wird
—1 ) 1
vg[no](r) — 4 = — lim 02 [no](r) . (3.8)

r—00 T r—00 N - 1
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Da das aktive Elektron nicht mit sich selbst wechselwirken kann, verhindert der Faktor
(¢ — 1), dass die Reduzierung der elektronischen Abschirmung zu friih einsetzt und sorgt
dafiir, dass das Responsmodell erst ab zweifachem Verlust, d.h. ¢ > 2, wirksam wird. Man
erhélt so

Mee[n] (T, t) & dvee[no](r, t) =N_1 ! . Z q — 1) Pyioss(t)02[n0](r) (3.9)

Mit Hilfe der Normierungsrelation

Ploss =1- Z loss ) (310)

wobei PP, (t) fiir die Wahrscheinlichkeit steht, dass keine Elektronen vom Target entfernt

werden, und der Definition fiir Nettoverlust

Plrofi Z q loss ) (311)
findet man schliefSlich
Pnet PO 1
ee[n] (1, t) & Jvee[no](r,t) = foss ! >N _l"f( )~ V2 [no](r) . (3.12)

Dieses globale Responsmodell wurde beispielsweise benutzt, um Nettoeinfang, Nettoio-
nisation und Vielfachverluste [161] sowie zustandsselektiven Einfang [162,163] in p-Ar
StoBen zu berechnen.

In analoger Weise zu (3.9) bzw. (3.12) kann ein globales Responsmodell fiir das Pro-
jektil konstruiert werden, welches der Tatsache Rechnung trégt, dass mit einsetzendem
Einfang elektronischer Dichte das Projektil zunehmend abgeschirmt, d.h. seine Ladung
vermindert, wird [164]. Es hat sich allerdings gezeigt, dass die Auswirkungen eines solchen
Potentials fiir Projektile im niederen und mittleren Ladungsbereich vernachlassigt werden
konnen.

Ein Problem bei der Beriicksichtigung des zeitabhingigen Responspotentials besteht
in der Berechnung zeitlich stabiler Ubergangswahrscheinlichkeiten. Im no-response Fall
werden zur Beschreibung der gebundenen Targetanteile die Eigenfunktionen {|©?)} des
ungestorten Targetatoms, d.h. die Funktionen der generierenden BGM Basis (2.44), ver-
wendet. Unterscheidet sich jedoch der Hamilton-Operator vor dem Stofl vom Hamilton-
Operator nach dem Stof infolge des Responspotentials dv..(t), da

v (r) = tliI}l Vee(T, 1) # tligl Vee(T, 1), (3.13)

ee

so kann man zeigen [160], dass eben durch dieses Responspotential alle Kanéle miteinander
gekoppelt werden

ék(t)|tﬂoo = —1 <5kck(t) + Z <§0k|5vee(t)|90j>cj(t)> (314)

t—o0
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und somit fluktuierende Ubergangswahrscheinlichkeiten auftreten. Verwendet man aller-
dings zur Analyse die Eigenfunktionen {|@x)} des zeitabhidngigen Hamilton-Operators,
der das Responspotential selbst enthilt

N (1. Qr 0 (r __@r Vee (T p
h<t>|¢k<t>>—( TGN T O] ’t)>'%(t)> (3.15)

=&(1)|2x(1))

so erfolgt die Kopplung der Kanile nicht mehr durch das Responspotential, sondern dessen
zeitliche Ableitung

Ck(t)]tmo0 = —1 <5k(t)5k(t) - %«@c(t)|5®ee(t)|95j(t)>6j(t)> - (3.16)

< Ep(t) —;(t)

337k t—00
Fiir das globale Responspotential (3.12), dessen zeitliche Abhéngigkeit allein durch den
Nettoverlust gegeben ist, kann gezeigt werden [160], dass der Kopplungsterm in (3.16) fiir
asymptotische Zeiten verschwindet und somit eine Analyse mit den Funktionen {|@y)} auf
stabile Ubergangswahrscheinlichkeiten fiihrt. Fiir ein mikroskopisches Responspotential
ist dies im Allgemeinen jedoch nicht der Fall (fiir Details und Beispiele hierzu siehe Kapi-
tel 5.2.3). Das Problem oszillierender Ubergangswahrscheinlichkeiten wird in der Literatur
unter dem Stichwort '"TDHF-Oszillationen’ diskutiert und ist seit langem bekannt [21,24].

Durch die globale Darstellung des Responspotentials kénnen keine zeitabhéngigen

Polarisations- und Austauscheffekte beriicksichtigt werden, da man die mikroskopischen
Eigenschaften der zeitabhéngigen Dichte génzlich vernachléassigt, indem sie selbst ledig-
lich in integraler Form als Nettowahrscheinlichkeit in das Responsmodell eingeht. Fiir den
Spezialfall zweier aktiver Elektronen einer Spin-Singulett Konfiguration wird ein entspre-
chendes mikroskopisches Responspotential in Abschnitt 3.4 untersucht.

3.3 Adiabatisches Responsmodell

Um einen anderen Aspekt der Elektron-Elektron-Wechselwirkung zu modellieren, wurde
im Gegensatz zum erlduterten, globalen Responsmodell fiir das Stofisystem p — He eine
adiabatische, d.h. nicht explizit zeitabhéingige, Modellierung entwickelt [165,166]. Die Be-
griimdung dafiir findet sich in der Tatsache, dass im Rahmen der no-response Néherung
ein instabiles Quasimolekiil (pHe) fiir internukleare Absténde R < 0,5 a.u. vorhergesagt
wird, obwohl die wahre Grundzustandsenergie auch fiir diesen Bereich negativ bleibt, d.h.
ein gebundener Zustand vorliegt [167,168]. Als Ansatz verwendet man

OVee[n](7,1) = Vmoa(T, R(t)) = VUmono(r; R) + vaip(r, R)
p(R)r cosé

= —a(R)exp(—r) — AR)F + 73

1 G

wobei der Monopolanteil vyeno(r, R) Bindungseffekte und der Dipolanteil vg;, (7, R) Pola-
risationseffekte modellieren soll. Die Parameter a(R), p(R) und d(R) werden so gewihlt,
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Abb. 3.1: Einteilchen-Grundzustands- Abb. 3.2: Parameter a(R), p(R) und
energie des Quasimolekiils (pHe) fiir ver- d(R) fiir vyeq in (3.17) [165,166].
schiedene Wahlen von v,0q in (3.17) [165,

166]. (o) CI-Rechnung [167].

(eg- = —0,0276 a.u., ey, = —0,918 a.u.)

dass die Bindungsenergie des niedrigsten Einteilchenzustandes das lonisationspotential
des Quasimolekiils (pHe) als Funktion von R ergibt. Als exakte Werte werden die Ergeb-
nisse einer CI'-Rechnung [167] verwendet, die Resultate sind in Abb. 3.1 und Abb. 3.2
dargestellt. Wie in Abb. 3.1 zu sehen ist, werden die beiden Elektronen bei Verwen-
dung des entsprechenden Modellpotentials im Zweizentren-Coulomb-Potential iiber den
gesamten R-Bereich hinweg stabilisiert. Im Grenzfall R — 0 korrespondiert dies mit der
Formation eines H ~-lons. Mit der Verwendung des eingefrorenen atomaren Targetpo-
tentials alleine (no-response Néherung, v,,,¢ = 0) kann dieser Sachverhalt nicht erreicht
werden. Die Parameter a(R), p(R) und d(R) sind in Abb. 3.2 dargestellt. Man erkennt,
dass der Monopolanteil a(R) kurzreichweitig ist, wohingegen die Dipolkomponenten p(R)
und d(R) langreichweitig sind. Eine ausfiihrliche Diskussion iiber Auswirkungen dieses
Modellpotentials erfolgt in Kapitel 5.

3.4 Mikroskopische Respons

Fiir den speziellen Fall eines Zweiteilchen-Systems mit einer Spin-Singulett Konfiguration,
vereinfacht sich die OPM-Gleichung (2.26) erheblich. Das Austauschpotential

v ln(r, 1) = —% / UCEO (3.18)

v —r'|

kompensiert dann lediglich den im Hartree-Potential enthaltenen Selbstwechselwirkungs-
anteil. Fiir diese Situation ergibt sich aus der TDHF-Theorie der identische Ausdruck.

LCI: Configuration Interaction
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Das effektive Elektron-Elektron-Potential wird also mit (2.11) durch das Poisson-Integral

) = = 1
Vee[n] (T, 3] wor| (3.19)
mit der Dichte
n(r, ) = 2[(r, 1) (3.20)
beschrieben. Es ist unmittelbar ersichtlich, dass ve.[n](r,t) die Poisson-Gleichung
Avee(r,t) = —27n(r, 1) (3.21)

erfiillt. Man kann nun entweder die integrale Variante (3.19) oder die differentielle Form
(3.21) benutzen, um v..(r,t) begleitend zur Losung der KS-Gleichungen (2.6) zu berech-
nen. Beides soll im Folgenden erldutert werden. Details zur Berechnung der entsprechen-
den Matrixelemente fiir beide Varianten des mikroskopischen Responspotentials in der
BGM-Darstellung sind in Anhang A.2.2 zusammengestellt.

3.4.1 Ni&herung durch Multipolentwicklung

Verwendet man das Poisson-Integral (3.19) direkt, um das Responspotential aus der Dich-
te zu ermitteln, so sind effektiv fiir die Matrixelemente in der BGM-Darstellung in jedem
Zeitschritt eine Vielzahl sechsdimensionaler Integrale zu berechnen. Das ist numerisch
mit erheblicher Rechenzeit verbunden und in dieser Form nicht praktikabel. Um den Re-
chenaufwand zu verkleinern, ist es naheliegend, nach einer Moglichkeit zu suchen, diese
sechsdimensionalen Integrationen in zwei dreidimensionale Integrationen zu faktorisieren.
Dazu betrachtet man die Multipolentwicklung

See[n](r,t) = 1/5n<r”t)d3r,

v — /|

T * / /
_ _Z Z 2z+1 Yim( / S Y (Q)on(r ) dPr
_ 1142
= - E E 2l+1 lm <rl+1/ / 5nr t)deT +

Auﬁenberelch re=r'rs=r

/ /l+1/ QYon(r', t)dQ dr’ ) (3.22)

Innenberelch re=r,r>=r'

des Responspotentials, wobei
on(r,t) = n(r,t) — no(r) (3.23)

die Differenzdichte, d.h. die Differenz aus zeitabhéngiger Dichte und Grundzustandsdich-
te, bezeichnet. Die angestrebte Faktorisierung kann nur dann erreicht werden, wenn man
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2.0

=== no-response
1.8 | = mit Respons

04 -

0.2 -

aaaaa

0.0 i . | . |

Abb. 3.3: p—He: Zeitentwicklung
Z =t der Nettoverlustwahrscheinlich-
keit fiir Ep =10 keV, b= 1,0 a.u.. Ge-
strichelte Linie, no-response Né&herung;
durchgezogene Linie, Rechnung mit Re-
spons (3.24).

=== no-response
1.8 | = mit Respons

04

0.2 -

0.0 . | . |

Abb. 3.4: p—He: Zeitentwicklung
Z =wt der Nettoverlustwahrscheinlich-
keit fiir Ep =70 keV, b= 1,5 a.u.. Ge-
strichelte Linie, no-response Néherung;
durchgezogene Linie, Rechnung mit Re-
spons (3.24).

die r-Abhéngigkeit der Integrale beseitigt, da dann die dreidimensionalen Integrale iiber
die Differenzdichte vollstandig ausgefiithrt werden kénnen. Die einfachste Moglichkeit be-
steht nun darin, das r-Integral fiir den Auflenbereich nach r — oo auszudehnen und den
Innenbereich somit génzlich zu vernachlassigen

00 l
1 1 1+ / / 3
Svee[n ~ 3 ; ; (e / P (Q)on(r t)dr (3.24)

Hierbei ist zu beachten, dass die Drehimpulssumme jetzt bei [ = 1 beginnt, da der Mo-
nopolanteil der Differenzdichte in dieser Ndherung aufgrund der Normierung von ng(r)
und n(r,t) immer verschwindet. Auf diese Weise miissen in jedem Zeitschritt nur noch
die Multipolmomente der Differenzdichte durch eine dreidimensionale Integration ausge-
rechnet werden. Die Matrixelemente der BGM-Darstellung dieser Ndherung ergeben sich
also als Produkte der Multipolmomente und ebenfalls dreidimensionaler Integrale mit
2l+1Ylm(Q)ﬁ als Integranden.

Wie man leicht erkennen kann, ist es unbedingt notwendig, die Differenzdichte und
nicht die Dichte selbst fiir diese Ndherung zu verwenden. Fiir n(r,t) ergibt sich als Mo-
nopolanteil ein 1/r-Potential, was zu einer falschen Targetladung fiihrt.

Abb. 3.3 und Abb. 3.4 zeigen fiir zwei beispielhafte Situationen die zeitlichen Verldufe
der Nettoverlustwahrscheinlichkeiten fiir diese Ndherung im Vergleich zum no-response
Fall fiir das Stofsystem p — He. Man erkennt deutlich, dass es im auslaufenden Bereich zu
einer Resonanzkatastrophe kommt. Ursache ist offensichtlich die nichtlineare Riickkopp-
lung des durch (3.24) zu grob genéherten und somit falschen Responspotentials. Ahnliche
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Abb. 3.5: v2(r) fiir den Grundzustand von Helium und die Grundzustinde verschiedener
heliumé&hnlicher Tonen, berechnet mit der x-only Ndherung der OPM [94, 169].

Zeitverlaufe ergeben sich fiir positiv geladene Projektile, was zeigt, dass die Naherung
(3.24) zur Berechnung des Responspotentials unbrauchbar ist.

3.4.2 Losung der Poisson-Gleichung

Da sich das Poisson-Integral (3.19) zur Berechnung des Responspotentials als ungeeignet
herausgestellt hat, muss hierfiir auf die Poisson-Gleichung (3.21) zuriickgegriffen werden.
Dazu muss man zunéchst eine geeignete Entwicklung fiir ve.(r,t) finden, um dann (3.21)
in der iiblichen Matrixdarstellung 16sen zu kénnen. Ausgangspunkt sind die Grundzu-
standspotentiale v2_ (r) von Helium und verschiedener heliumihnlicher Tonen, die mit der
x-only Naherung der OPM berechnet wurden [94,169] und in Abb. 3.5 zu sehen sind. Eine
zur Darstellung des Responspotentials geeignete Basis muss also dazu in der Lage sein, so-
wohl ein nahezu konstantes Potential fiir kleine Absténde als auch die 1/r-Asymptotik fiir
grofie Abstinde wiederzugeben. STO2-4dhnliche Funktionen erwiesen sich als ungeeignet,
wohingegen der Ansatz

Vee[n] (1, 8) = > Y N " dy, (W (r, @) Vi () (3.25)

zum Ziel fithrt [52,170]. Die r-Abhéngigkeit ist durch Potenzen des regularisierten Cou-
lombpotentails (2.75) gegeben, die Winkelabhéngigkeit, die die Beriicksichtigung von

28TO: Slater-Type Orbitals
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1.0

o ] Orbital | OPM x-only | Modell
04l ] [94,169] (3.25)

< 02f ] 1s -0,91796 | -0,91796
=50 2s -0,15833 | -0,15835
<0 2P0 +1 -0,12743 | -0,12746
35 -0,06466 | -0,06468

3po1 | -0,05636 | -0,05637

3do14o | -0,05557 | -0,05567

r [a.u.]

Abb. 3.6: Relative Abweichung von Tab. 3.1: Eigenwerte der K-,I.- und M-
v2,(r) berechnet mit (3.25) (A = 6, D = 0) Schale des Helium-Grundzustandes, be-
und der x-only Néherung der OPM fiir den rechnet mit (3.25) (A = 6,D = 0) und
Helium-Grundzustand [94,169]. der x-only Ndherung der OPM [94,169].

Polarisationseffekten ermdglichen soll, durch Kugelflichenfunktionen. Setzt man die Ent-
wicklung (3.25) in die Poisson-Gleichung (3.21) ein, so ist in jedem Zeitschritt das lineare
Gleichungssystem

A D l
SN () (W Yo |A[WRY ) = =27 (W Vi |12) (3.26)

A=1 [=0 m=0

zur Bestimmung der zeitabhiingigen Koeffizienten dy) () zu 16sen. Dabei wird die Defini-
tion

n(r) = (r|n) (3.27)

verwendet.

Die Konvergenz der Entwicklung (3.25) im Hinblick auf die Parameter A und die
Drehimpulse D wird auf zwei Arten iiberpriift. Abb. 3.6 zeigt die relative Abweichung
zwischen dem mit diesem Ansatz und den Parametern A = 6 und D = 0 berechneten
Grundzustandspotential von Helium und dem exakten x-only Potential [94,169], berechnet
mit der OPM. Man erkennt, dass iiber den gesamten Bereich hinweg die Abweichung
kleiner als £1% ist. Dariiber hinaus sind in Tab. 3.1 die Eigenwerte der Orbitale der K-,
L- und M-Schale des Helium-Grundzustandes fiir beide Varianten zusammengefasst. Man
sieht deutlich, dass die OPM-Eigenwerte bis auf einige Mikrohartree reproduziert werden.

Die Konvergenz beziiglich der Obergrenze der Drehimpulskomponenten D der Ent-
wicklung (3.25) wird durch die Betrachtung des Quasimolekiils (pHe) iiberpriift. In
Abb. 3.7 wird dessen adiabatische Einteilchen-Grundzustandsenergie als Funktion des
internuklearen Abstandes in der no-response Néherung mit den durch A = 6 und D = 2
ermittelten Werten und den Ergebnissen einer exakten x-only OPM-Rechnung [169] ver-
glichen. Uber den gesamten R-Bereich hinweg ergibt sich eine sehr gute Ubereinstimmung
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Abb. 3.7: Adiabatische Einteilchen-Grundzustandsenergie des Quasimolekiils (pHe) als
Funktion des internuklearen Abstandes. Gepunktete Linie, exakte x-only OPM [169];

durchgezogene Linie, no-response Naherung; (o) Rechnung mit Respons (3.25) und A = 6,
D =2.

zwischen der OPM-Rechnung und der Entwicklung (3.25). Fiir sehr kleine Abstédnde wird
die Einteilchenenergie des H™-Tons (eg- = —0,046223 a.u.) und fiir sehr groffe Abstéinde
die des Heliumatoms (eg. = —0,9179 a.u.) erreicht. Dariiber hinaus erkennt man, dass,
wie schon in Abschnitt 3.2 erwéhnt, fiir die no-response Néherung keine H™-Formation
moglich ist, da der zugehorige Eigenwert fiir kleine R positiv wird. Es reicht also aus,
Drehimpulskomponenten bis zum Quadrupol zu beriicksichtigen, um Polarisationseffekte
in ausreichender Art und Weise zu beschreiben.

Fiir ein positiv geladenes Projektil kann der Ansatz (3.25) leicht erweitert werden, um
auch die Abschirmung des Projektilzentrums durch Einfang elektronischer Dichte in aus-
reichender Weise beriicksichtigen zu kénnen. Dazu wird (3.25) um am Projektil zentrierte
Funktionen Wp(r,t, o/)NY}E , erginzt [53)]

Vee[n](r, 1)

D l
SO dn, (W (r, ) Yim(Q) +
=0 m=0

/

> Z Z by r.t, o )NYE(Qp) . (3.28)

AN=11'=0 m'=0

A
A=1
’

Simultan zur Losung der KS-Gleichungen (2.6) miissen nun die Entwicklungskoeffi-
zienten dj (t) und b} ,(t) in jedem Zeitschritt bestimmt werden. Analog zum linearen
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Gleichungssystem (3.26) treten nun auf der rechten Seite der Darstellung der Poisson-
Gleichung (3.21) Matrixelemente der Form

(WYX Ry , X' P, T (3.29)

auf, die als Summe iiber berechnete BGM-Matrixelemente (siche Anhang A.2.2) aus-
gefiihrt werden konnen. Die Matrixelemente der linken Seite der Poisson-Gleichung in der
Darstellung (3.28) haben die Form

(WIS IAWRYY) . X, X': P,T. (3.30)

Details zur Berechnung von (3.29) und (3.30) finden sich in Anhang B.






Kapitel 4

Numerische Darstellung des
Responspotentials

In diesem Abschnitt sollen einige Eigenschaften der numerischen Darstellung der mikro-
skopischen Responspotentiale (3.25) und (3.28) zusammengestellt und genauer betrachtet
werden, bevor sie in Kapitel 5 bzw. 6 fiir Stoe mit Antiprotonen bzw. positiv geladenen
Projektilen zur Anwendung kommen.

Es zeigt sich, dass zur Ermittlung des Responspotentials eine numerisch mdoglichst
genau berechnete Dichte, und somit Wellenfunktion, verwendet werden muss. Fiir die
numerische Umsetzung der Losung der KS-Gleichungen (2.6) bedeutet das, dass zur zeit-
lichen Diskretisierung moglichst kleine Inkremente Atf; verwendet werden miissen. Zur
[lustration dieses Verhaltens dient Abb. 4.1. Hier sind fiir das Stosystem p — He bei ei-
ner Einschussenergie EFp = 5 keV und Stolparameter b = 0,5 a.u. die zeitlichen Verldufe
der Nettoverlustwahrscheinlichkeiten fiir die no-response Néherung und eine Rechnung
mit dem mikroskopischen Responspotential (3.25) fiir verschiedene Inkremente At; dar-
gestellt. Dabei gilt At; > Aty > At > Aty, das grofite Inkrement Aty fiithrt also nume-
risch zur ungenauesten, das kleinste Inkrement At zur numerisch genauesten Losung. Zur
Analyse der Wellenfunktion sind die Eigenfunktionen {|©?)} (2.44) des ungestorten Tar-
getatoms verwendet worden, so dass man deutlich das in Abschnitt 3.2 angesprochene,
oszillierende Verhalten der Ubergangswahrscheinlichkeiten fiir die Rechnungen mit Re-
spons erkennt. Eine genauere Betrachtung dieser Oszillationen folgt im Abschnitt 5.2.3.
Man sieht deutlich, wie unterschiedlich sich die Verldufe der Nettoverlustwahrscheinlich-
keiten im no-response Fall und fiir die Rechnungen mit Respons bei verschiedenen At;
verhalten. Das grofite Inkrement Aty ergibt fiir die no-response Ndherung schon einen
recht stabilen Verlauf im auslaufenden Bereich (Z > 0 a.u.), wihrend die entsprechen-
de Rechnung mit dem mikroskopischen Responspotential fiir diesen Fall einen deutlichen
Drift zeigt. Eine zunehmende Verkleinerung des Inkrements At; fithrt schliefllich zu einem
‘stabilen” Verlauf fiir beide Félle.

fiir die Monopolanteile der Darstellung (3.25) des mikroskopischen Responspotentials
fir Ep = 10keV, b = 1,0 a.u. und Ep = 5 keV, b = 0,5 a.u. im Stoflsystem p — He.
Fiir den Koeffizienten d},(t) ergibt sich iiber den gesamten Bereich hinweg der Wert
dbo(t) = Vir = ﬁ, da er die richtige 1/r-Asymptotik des effektiven Elektron-Elektron-

41
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1.0
------ no-response fiir At; E
0.9 | '—'= no-response fiir Aty i
=== no-response fiir At HE
—— no-response fiir At, Sl
0.8 P : i
0.7 -
0.6 -
©
5} L
é 0.5
A L
0.4
0.3 -
0.2
L] e Respons mit A=6,D=2 fiir At,
0.1 == Respons mit A=6,D=2 fiir At,
: === Respons mit A=6,D=2 fiir Aty
[ ! ‘ ‘ —— Respons mit A=6,D=2 fiir Aty
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-15 -10 -5 0 ) 10 15 20 25
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Abb. 4.1: p— He: Zeitentwicklung Z = vt der Nettoverlustwahrscheinlichkeit fiir
Ep =5keV, b = 0,5 a.u., ausgewertet mit den Funktionen {|p?%)} (2.44) und verschie-
denen Inkrementen At;. Es gilt At; > Aty > Aty > Aty. Obere Kurven, no-response
Néaherung; untere Kurven, Rechnung mit Respons und den Parametern A =6, D = 2.

Potentials gewéhrleistet. Fiir die iibrigen Koeffizienten erkennt man im einlaufenden Be-
reich (Z < 0 a.u.) zunéchst stetiges Verhalten, im auslaufenden Bereich (Z > 0 a.u.)
zum Teil sehr hochfrequente und unregelméfige Oszillationen. Ein dhnliches Bild ergibt
sich fiir die restlichen Koeffizienten und auch fiir die Darstellung (3.28). Die Abb. 4.4
und Abb. 4.5 stellen die analogen Bilder fiir die Stofisysteme p — He (Ep = 20 keV,
b = 1,5au.) und He** —He (Ep = 20 keV, b = 1,6 a.u.) dar. An dieser Stelle muss
betont werden, dass sich fiir jeden Zeitschritt der angesprochenen und dargestellten zeitli-
chen Verldufe ein numerisch stabiles und physikalisch sinnvolles Responspotential ergibt,
obwohl die zugehorigen Koeffizienten ein solch stark unregelméfliges Verhalten zeigen. Die
Ursache dafiir ist die hochgradige Nichtorthogonalitét der Funktionen WT(r, t, @)Y}, und
We(r,t,a")NY,P , zu- und untereinander. Die Losung des sich aus der Poisson-Gleichung
(3.21) ergebenden linearen Gleichungssystems zur Bestimmung der Koeffizienten d}\, (¢)
und by ,(t) ist deshalb numerisch #uflerst anspruchsvoll. Man kann hierzu verschiedene
Verfahren der linearen Algebra, wie z.B.

e Multiplikation mit der Inversen
e Losung mit Hilfe des Gauss-Verfahrens
e Losung durch LU-Zerlegung

e [teratives Losungsschema
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10 keV, b = 1,0 a.u., Rechnung mit Respons und den Parametern A =6, D = 2.

Abb. 4.2: p — He: Zeitentwicklung Z = vt der Koeffizienten dg;°(t) aus (3.25) fiir

4. Numerische Darstellung des Responspotentials
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5keV, b=0,5a.u..

— He: Wie Abb. 4.2, jedoch fiir Ep =

p

Abb. 4.3:
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Abb. 4.4: p — He: Zeitentwicklung Z = vt der Koeffizienten dj;°(t) aus (3.28) fiir
Ep =20 keV, b = 1,5 a.u., Rechnung mit Respons und den Parametern A = A’ = 6,
D=D =2.
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Abb. 4.5: He?t — He: Wie Abb. 4.4, jedoch fiir Ep = 20 keV, b = 1,6 a.u..
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verwenden [111,171,172]. Alle vier Varianten wurden zur Losung benutzt, es zeigt sich
jedoch, dass dies nur geringen Einfluss auf die Oszillationen der Koeffizienten hat.

Auch eine Modifikation des Responspotentials selbst, wie z.B.
e Respons iiber mehrere Zeitschritte hinweg konstant halten
e Verzogerung der Respons um mehrere Zeitschritte

ergibt keine entscheidenden Verbesserungen. Einziger Ausweg wére die Verwendung ortho-
gonaler Polynome zur Darstellung des Responspotentials. Da jedoch die Untersuchungen
in Kapitel 3.4.2 gezeigt haben, dass die Funktionen Wr(r, ¢, @)Y}, und Wp(r, t, aWYE
die gewiinschten Eigenschaften des effektiven interelektronischen Potentials sehr gut wie-
dergeben und kein Satz orthogonaler Polynome gefunden werden konnte, der diese Eigen-
schaften in &hnlicher Qualitit reproduziert, werden im Weiteren die Darstellungen (3.25)
und (3.28) fiir das mikroskopische Responspotential verwendet.

Wie bereits erwahnt, ergibt sich trotz der starken Fluktuationen der Koeffizienten
ein stabiles Responspotential, das wiederum bei entsprechend kleinem Inkrement At; zu
einer ’stabilen’ Verlustwahrscheinlichkeit fiihrt. Eine detaillierte physikalische Betrachtung
erfolgt in Abschnitt 5.2.4. Unter Umsténden ist eine der Ursachen fiir das oszillierende
Verhalten der Koeffizienten neben der Nichtorthogonalitit der Entwicklungsfunktionen,
in der Nichtlinearitit der zugrundeliegenden TDKS-Gleichungen zu suchen.






Kapitel 5

Stof3e mit Antiprotonen

In diesem Kapitel werden die erlauterten Responsmodelle auf Ionisationsprozesse in Stofen
von Antiprotonen mit Helium und heliuméhnlichem Lithium angewendet und die Ergeb-
nisse vorgestellt. Um verschiedene Aspekte der Elektron-Elektron-Wechselwirkung genau
untersuchen zu konnen, liegt der Schwerpunkt dabei auf der vergleichenden Analyse der
Resultate, die mit dem adiabatischen bzw. dem mikroskopischen Responspotential be-
rechnet wurden, und den Ergebnissen anderer theoretischer Ansétze. Die zugehorigen
experimentellen Daten wurden im Rahmen des LEAR-Projektes am europiischen Kern-
forschungszentrum CERN durch die PS194-Kollaboration gewonnen. Im Bereich atomarer
StoBsysteme wurden hier sowohl totale Wirkungsquerschnitte fiir Ionisation in Stofen von
Antiprotonen mit atomarem Wasserstoff [173,174] als auch mit einer Reihe von Molekiilen
und Edelgasatomen [35,175-180] gemessen. Einen Uberblick iiber die experimentellen und
theoretischen Arbeiten auf diesem Gebiet geben die Ubersichtsartikel [42,181,182]. Im
Bereich kleiner Stoflenergien zeigen sich bei fast allen Systemen teilweise erhebliche Dis-
krepanzen zwischen den theoretischen Ergebnissen und den experimentellen Daten. Da
es duBerst problematisch ist, niederenergetische Strahlen von Antiprotonen ausreichender
Intensitét zu erzeugen, bleibt abzuwarten, ob die Ursachen fiir die erwahnten Abweichun-
gen auf der experimentellen oder der theoretischen Seite zu suchen sind. In naher Zukunft
sollen die Stolexperimente durch die ASACUSA-Kollaboration am CERN wiederholt und
iiberpriift werden. In ferner Zukunft werden im Zuge des Ausbaus der GSI im Rahmen
des FLAIR-Projektes sehr niederenergetische Antiprotonenstrahlen hoher Intensitét fiir
Stofexperimente zur Verfiigung stehen.

Ziel der vorliegenden Untersuchungen ist es festzustellen, welchen Einfluss adiabati-
sche bzw. zeitabhéngige Responseffekte auf die Beschreibung des Ionisationsprozesses in
den Systemen p — He und p — Li* haben. Da sowohl statische als auch dynamische Kor-
relationseffekte génzlich vernachléssigt werden, kann zugleich eine Aussage iiber deren
Tragweite gemacht werden.
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1.6 —
1'4; - Lt
1.2 ; _
~ 1A0; _
=t Atom | g1 [a.u.] | <r1p> [a.u.]
il He | 091796 | 002727
] Lit | -2,79237 0,57237
0.0 f C . Teeedo
0.0 0.5 1.0 1.5 2.0 2.5 3.0 3.5
r [a.u]

Abb. 5.1: Radiale Aufenthaltswahr- Tab. 5.1: Eigenwerte und r-Erwartungs-
scheinlichkeiten der Elektronen der K- werte der Elektronen der K-Schale fiir die

Schale fiir die Grundzusténde von He und Grundzustinde von He und Lit, berech-
Li*, berechnet mit der x-only N#herung net mit der x-only Néherung der OPM
der OPM [94, 169]. [94,169].

Zunéchst wird hierzu im folgenden Abschnitt die Konvergenz der verwendeten ein-
zentrigen Entwicklung (3.25) des effektiven Elektron-Elektron-Potentials (3.19) in einer
dynamischen Situation betrachtet.

Zur Orientierung iiber die atomaren Eigenschaften der untersuchten Targetatome zeigt
Abb. 5.1 die radialen Aufenthaltswahrscheinlichkeiten und Tab. 5.1 die energetischen Ei-
genwerte und r-Erwartungswerte der Elektronen der K-Schale fiir die jeweiligen Grund-
zustiande von He und Lit, die auf Grundlage der x-only Nidherung der OPM [94, 169]
berechnet worden sind.

5.1 Konvergenz der einzentrigen Entwicklung des Re-
sponspotentials

Fiir zwei Situationen, nédmlich fiir den stationédren Helium-Grundzustand und fiir das
adiabatische Quasimolekiil (pHe), wurde das Konvergenzverhalten der einzentrigen Ent-
wicklung (3.25) fiir das effektive Elektron-Elektron-Potential bereits in Abschnitt 3.4.2
untersucht. Hier sollen nun beispielhaft die dynamischen Stituationen Ep = 10 keV,
b=10au und Ep = 5 keV, b = 0,5 a.u. fiir das System p — He betrachtet werden.
Abb. 5.2 und Abb. 5.3 zeigen die zeitlichen Verldufe der Nettoverlustwahrscheinlichkei-
ten fiir verschiedene Wahl des Parameters D der Drehimpulssumme in der Entwicklung
(3.25) mit A = 6, im Vergleich zur no-response Néherung. Da zur Analyse der Wellen-
funktion die Eigenfunktionen {|¢?),k = 1s,...,4f} (2.44) des ungestorten Targetatoms
verwendet werden, erkennt man deutlich das in Abschnitt 3.2 angesprochene, oszillieren-
de Verhalten der Ubergangswahrscheinlichkeiten fiir die Rechnungen mit Respons. An
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dieser Stelle soll jedoch lediglich eine Aussage iiber die Konvergenz der Entwicklung des
Responspotentials gemacht werden, so dass diesen Oszillationen keinerlei weitere Bedeu-
tung beigemessen wird. Eine detaillierte Betrachtung erfolgt im Abschnitt 5.2.3. Man
sieht klar, dass schon die Beriicksichtigung der Monopolanteile (D = 0) zu einer Ver-
minderung der Nettoverlustwahrscheinlichkeit im Vergleich zum no-response Fall fiihrt.
Werden auch noch die Dipolkomponenten (D = 1) hinzugenommen, so tritt eine weitere
Verminderung ein. Die Ergdnzung um die Quadrupolanteile (D = 2) ergibt schliellich
keine sichtbaren Verdnderungen mehr, was als Zeichen der Konvergenz der Entwicklung
des Responspotentials (3.25) angesehen werden kann. Ein &hnliches Verhalten zeigt sich
bei anderen Einschussenergien und anderen Stofiparametern, so dass man davon ausgehen
kann, dass die Parameterkombination A = 6 und D = 2 fiir eine konvergente Beschrei-
bung des effektiven interelektronischen Potentials ausreichend ist. Sie wird im Folgenden
verwendet.

5.2 Ionisation in p — He Stéflen

In diesem Abschnitt wird der Einfluss der Modellierung des Responspotentials auf den
Ionisationsprozess im System p — He untersucht und die Ergebnisse werden untereinan-
der sowie mit anderen Theorien und den verfiigbaren experimentellen Daten verglichen.
Da das globale Responsmodell (3.12), wie in Abschnitt 3.2 erldutert, so konstruiert wur-
de, dass es erst ab zweifachem Verlust (¢ > 2) wirksam wird, unterscheiden sich die
Ergebnisse dieses Ansatzes so gut wie iiberhaupt nicht von denen der no-response Rech-
nung. Der Grund hierfiir ist, dass fiir p — He Stofle der totale Wirkungsquerschnitt fiir
Zweifachionisation — in diesem Fall ist die Zweifachionisation identisch mit zweifachem
Verlust — praktisch {iber den gesamten betrachteten Energiebereich hinweg mindestens
um einen Faktor 30 kleiner ist als der totale Wirkungsquerschnitt fiir Einfachionisation.
Somit tritt keine wesentliche Schwéachung der Targetabschirmung im Laufe des Stofles auf
und das globale Responsmodell bleibt nahezu wirkungslos. Deshalb werden nur das adia-
batische und das mikroskopische Responsmodell untersucht, wozu eine BGM-Basis (2.75)
aus 107 Zustdnden mit einer generierenden Basis der Grofle N = 20 und einer reinen
Targetpotential-Hierarchie bis zur Ordnung M = 8 verwendet worden ist. Die Ergebnisse
fiir das adiabatische Responsmodell sind den Referenzen [165,166] entnommen.

5.2.1 Einfachionisation

Um einen Eindruck von der Wirkungsweise des adiabatischen Responspotentials (3.17)
zu bekommen, sind in Abb. 5.4 und Abb. 5.5 die gewichteten Nettoionisationswahrschein-
lichkeiten bP ¢ (b) fiir die Stofienergien Ep = 20 keV und Ep = 200 keV fiir verschiedene
Wahl von vy,,q dargestellt. Die no-response Naherung entspricht dem Fall vy,,q = 0. Man
erkennt, dass eine Beriicksichtigung des Modellpotentials in jedem Fall zu einer Vermin-
derung der lonisationswahrscheinlichkeit im Vergleich zur no-response Rechnung fiihrt.
Dies ist offensichtlich, wurde v,,,4 in Abschnitt 3.3 doch so konstruiert, dass die Elektro-
nen im Zweizentren-Coulomb-Potential der Kerne stabilisiert werden. Der Monopolanteil

alleine (Vmod = Vmono) beeinflusst die Resultate nur fiir b < 1,5 a.u. und wird unbedeu-
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Abb. 5.6: p — He: Totaler Wirkungsquerschnitt fiir Einfachionisation als Funktion der
Einschussenergie fiir verschiedene Wahl von vy,0q in (3.17) im Vergleich zur no-response
Rechnung [165,166]. Experiment: (o) [35], (o) [178].
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Abb. 5.7: p — He: Totaler Wirkungsquerschnitt fiir Einfachionisation als Funktion der
Einschussenergie. Vergleich der BGM-Rechnungen mit anderen Ein-Elektron-Theorien:
Umod = Umono |165,166], Tong et al. [51]. Experiment: (o) [35], (o) [178].

tend fiir hohere Stolenergien, bei denen immer gréflere Stoparameter beitragen. Dies ist
eine Konsequenz der Kurzreichweitigkeit des Parameters a(R) in (3.17), der den Mono-
polanteil charakterisiert (siche auch Abb. 3.2). Im Gegensatz dazu bewirkt die zusétzli-
che Dipolkorrektur (vmed = Vmono + Vaip) eine drastische Verringerung der bP<(b) iiber
den gesamten b-Bereich hinweg fiir beide Einschussenergien, was durch die Langreich-
weitigkeit der beiden Parameter p(R) und d(R) in (3.17) erkldrt werden kann, deren
Verlaufe in Abb. 3.2 dargestellt sind. Der Dipolanteil schaltet sich also mit zunehmender
StoBenergie nicht von selbst ab und wird fiir Ep > 50 keV unphysikalisch. Diese Stof3-
energie entspricht dabei ungefdhr der klassischen Orbitalgeschwindigkeit der Elektronen
(’ Matching-Geschwindigkeit’), oberhalb derer kein Einfluss von Responseffekten, d.h. hier
Polarisationseffekten, auf den Ionisationsprozess mehr zu erwarten ist, da die Elektronen
nicht geniigend Zeit haben, sich der schnellen Potentialverdnderung anzupassen.

Die entsprechenden totalen Wirkungsquerschnitte fiir Einfachionisation bei verschie-
dener Wahl von v,,q im Vergleich zur no-response Rechnung und zum Experiment zeigt
Abb. 5.6. Im Niederenergiebereich ergeben die Rechnungen mit v,04 = Umeno und
Umod = Umono T Vdip Vergleichbare Ergebnisse und fiithren gegeniiber der no-response Néhe-
rung zu einer Reduzierung des Wirkungsquerschnittes. Die experimentellen Daten werden
in diesem Energiebereich allerdings dennoch erheblich iiberschétzt. Oberhalb Ep =~ 40 keV
liegen die Ergebnisse mit der Dipolkorrektur unter den Resultaten mit dem Monopolterm,
die hier schon recht gut mit der no-response Rechnung und auch dem Experiment iiber-
einstimmen. Gerade bei hoheren Energien sollte sich jedoch aus obigen Griinden vy,,q von
selbst abschalten, wie es fiir v;,04 = Vmono auich der Fall ist. Deshalb wurden die Ergebnisse
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Abb. 5.8: p— He: Totaler Wirkungsquerschnitt fiir Einfachionisation als Funktion
der FEinschussenergie. Vergleich der BGM-Rechnungen mit anderen Zwei-Elektronen-
Theorien: MEHC [147], Multi-cut FIM [45], AO1 [183], AO2 [184], LTDSE [185].
Experiment: (o) [35], (o) [178].

fir Ymod = Umono + Vdaip NUr bis Ep = 40 keV in Abb. 5.6 eingezeichnet. Fiir schnelle St6fe
(Ep > 50 keV) konnen Responseffekte vernachlassigt werden und die no-response Néhe-
rung sowie die Rechnung mit dem Monopolpotential geben die experimentellen Daten sehr
gut wieder. An dieser Stelle ergibt sich die Frage, ob ein wirklich zeitabhéngiges, mikrosko-
pisches Responspotential zu einer weiteren Verminderung des Wirkungsquerschnittes und
somit zu einer besseren Ubereinstimmung mit dem Experiment im Bereich kleiner StoB-
energien fiihrt. Dariiber hinaus ist es interessant mit den Resultaten anderer theoretischer
Anséitze zu vergleichen.

Ein solches mikroskopisches Responspotential auf Ebene der x-only Né&herung der
TDDFT wurde in Abschnitt 3.4 erldutert und seine Darstellung in Abschnitt 3.4.2 be-
handelt. Abb. 5.7 zeigt den totalen Wirkungsquerschnitt fiir Einfachionisation, berechnet
mit diesem Responspotential im Vergleich zum Experiment und anderen Ein-Elektron-
Theorien, die auf verschiedene Art und Weise das effektive Einteilchenpotential v,, ndhern.
Die BGM-Rechnung mit mikroskopischer Respons ergibt gegeniiber der Rechnung mit
dem adiabatischen Responspotential vy0q = Umono €ine weitere Verminderung des Wir-
kungsquerschnittes fiir kleine Stoflenergien, wohingegen der Querschnitt fiir grofie Ein-
schussenergien nicht verdndert wird. Dennoch bleibt die Diskrepanz zum Experiment un-
terhalb von Ep = 20 keV bestehen. Der Vergleich mit den Ergebnissen von [51], die eben-
falls eine Einteilchenrechnung mit selbstwechselwirkungskorrigiertem, mikroskopischem
Responspotential darstellen, zeigt, wie sensitiv der Querschnitt auf die Wahl von v, rea-
giert. Die Kurve von [51] unterschéitzt den Querschnitt im Maximum um ca. 16% und
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verlduft im Bereich kleiner Stoflenergien flacher als die Kurve der BGM-Rechnung, die
auBerdem das Maximum sehr gut reproduziert. Beide Kurven schneiden sich bei etwa
Ep =~ 5 keV. Da gemifl den Erlduterungen in [51] das verwendete Elektron-Elektron-
Potential ebenfalls selbstwechselwirkungskorrigiert ist, seine explizite Form jedoch nicht
angegeben wird, ist die Ursache der Diskrepanz dieser Rechnung zur BGM-Rechnung mit
Respons unklar. Es kann nur vermutet werden, dass die Abweichungen von einer unzurei-
chenden Behandlung der Selbstwechselwirkungskorrektur herriihren, wenn man von einer
ausreichenden Konvergenz beider Rechnungen ausgeht.

In Abb. 5.8 ist der Vergleich der BGM-Einteilchenrechnung mit mikroskopischer Re-
spons mit anderen Theorien zu sehen, die dynamische Korrelationseffekte enthalten, d.h.
echte Zwei-Elektronen-Rechnungen sind. AO1 [183] und AO2 [184] bezeichnen Basisdar-
stellungen nach atomaren Orbitalen, die nach jeweils verschiedenartigen, einzentrigen
Funktionen die Zweiteilchenwellenfunktion entwickeln. Multi-cut FIM! beschreibt eine
Methode, bei der die Elektron-Elektron-Wechselwirkung fiir einige diskrete Zeitpunkte
withrend der Propagation der Wellenfunktion eingeschaltet wird [45]. Die MEHC ist nur
fiir adiabatische Stofe giiltig, wobei die Reaktionsdynamik des Stofles mit Hilfe einer kom-
plexen Fortsetzung des Korrelationsdiagramms verfolgt wird [147]. LTDSE? schliefilich
bezeichnet die Losung der zeitabhéngigen Schrodinger-Gleichung auf einem vierdimensio-
nalen, kartesischen Gitter [185]. Diese Rechnung ist jedoch als Ndherung zu betrachten,
da die Dimension des Problems reduziert wurde. Aus der Ubereinstimmung der BGM-
Ergebnisse mit den Resultaten der korrelierten Theorien, vor allem mit denen der LTDSE
[185], zeigt sich insbesondere bei niedrigen und hohen Energien, dass zeitabhéingige Kor-
relationseffekte fiir die Einfachionisation keine Rolle spielen, sondern mikroskopische Re-
sponseffekte dominieren. Allenfalls im Bereich um Ep ~ 25 keV konnten zeitabhéangige
Korrelationseffekte beitragen und den in der BGM-Rechnung beriicksichtigten Responsef-
fekten entgegenwirken. Dariiber hinaus ist bemerkenswert, dass sich die BGM-Kurve fiir
kleine Einschussenergien sehr gut den Resultaten der MEHC-Rechnung [147] annéhert,
die den korrekten adiabatischen Limes reproduzieren sollte. Dabei wird in [147] allerdings
angezweifelt, ob diese Methode dazu geeignet ist, die StoBdynamik bis Fp = 10 keV zu
beschreiben. Sehr aufschlussreich kénnen an dieser Stelle weitere experimentelle Ergeb-
nisse im Bereich Ep < 40 keV sein, die, wie schon in der Einleitung zu diesem Kapitel
erwahnt, in der nahen und fernen Zukunft geplant sind.

5.2.2 Zweifachionisation

Die totalen Wirkungsquerschnitte fiir Zweifachionisation bei verschiedener Wahl von vy,0q
im Vergleich zur no-response Rechnung und zum Experiment zeigt Abb. 5.9. Die Rechnung
mit Uyod = Umono filhrt zu einer wesentlichen Verminderung des Querschnitts, wihrend die
Auswirkungen des Dipolanteils vqi, im Energiebereich, in dem dieses Potential physika-
lisch sinnvoll ist, nur geringfiigig sind. Fiir mittlere und kleine Einschussenergien wird das
Experiment erheblich iiberschétzt. Den Vergleich mit anderen Theorien zeigt Abb. 5.10.
CFCA? stellt eine Rechnung dar, bei der dynamische Korrelationseffekte explizit ver-

LFIM: Forced Impulse Method
2LDTSE: Lattice Time Dependent Schrédinger Equation
3CFCA: Convergent Frozen Correlation Approximation
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Abb. 5.9: p — He: Totaler Wirkungsquerschnitt fiir Zweifachionisation als Funktion der
Einschussenergie fiir verschiedene Wahl von vy,0q in (3.17) im Vergleich zur no-response
Rechnung [165, 166]. Experiment: (e) [35].
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Abb. 5.10: p — He: Totaler Wirkungsquerschnitt fiir Zweifachionisation als Funktion der
Einschussenergie. Vergleich der BGM-Rechnungen mit anderen Theorien: vy04 = Vmono
(165, 166], MEHC [147], no-cut FIM [45], multi-cut FIM [45], CFCA [46]. Experiment:
(o) [35].
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Abb. 5.11: P;; und FPs; als Funktionen Abb. 5.12: P;; als Funktion von Py
von py (2.88c, 2.88d). (2.91b).

nachldssigt werden [46]. Wie weiter oben schon erldutert, beschreibt der multi-cut FIM
Ansatz gerade dynamische Korrelation, wohingegen in der no-cut FIM Rechnung Korre-
lation lediglich im Anfangs- und im Endzustand beriicksichtigt wird. Die BGM-Rechnung
mit mikroskopischer Respons reduziert den Wirkungsquerschnitt im Vergleich zur Rech-
nung mit dem adiabatischen Responspotential im Bereich kleiner und mittlerer Energien
weiter. Allerdings bleibt die Uberschitzung der experimentellen Daten bestehen. Da die
in Abb. 5.10 eingezeichneten korrelierten Rechnungen das Experiment wesentlich besser
beschreiben, ist davon auszugehen, dass es zur Behandlung der Zweifachionisation un-
umgénglich ist, Korrelation wenigstens im Anfangs- und Endzustand zu beriicksichtigen.
Die Auswirkungen dynamischer Korrelationseffekte verdeutlicht die Differenz zwischen
den no-cut FIM [45] und den multi-cut FIM [45] Resultaten.

An dieser Stelle muss allerdings auch auf das Problem der Binomialauswertung im
Rahmen der x-only Naherung bei der Berechnung der Zweifachionisation aus Einteil-
chenwahrscheinlichkeiten hingewiesen werden, das schon in Abschnitt 2.3.2 angesprochen
worden ist. Abb. 5.11 und Abb. 5.12 verdeutlichen die Zusammenhénge (2.88c, 2.88d) und
(2.91b). Man sieht, dass Py den Wert 1 erreichen kann, wohingegen P;; maximal 0,5 wird.
Die Wahrscheinlichkeit fiir Einfachionisation P;; wird zunehmend unterdriickt, wenn die
entsprechende Wahrscheinlichkeit fiir Zweifachionisation Po; den Wert 0,5 iiberschreitet.
Dies ist eine direkte Konsequenz der x-only Néherung und fithrt zu einer Uberschiitzung
der Zweifachionisation, hat jedoch keinerlei physikalische Bedeutung (fiir eine detaillier-
tere Diskussion siehe [186]).

5.2.3 Ionisationsmechanismus

Wie schon in Abschnitt 3.2 erldutert worden ist, tritt bei den vorgestellten Rechnungen
mit dem zeitabhéngigen, mikroskopischen Reponspotential bei der Auswertung das Pro-
blem oszillierender Ubergangswahrscheinlichkeiten auf, wenn man die Eigenfunktionen
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Abb. 5.13: p — He: Zeitentwicklung Z = vt von P¢ /2 und des elastischen Kanals fiir
Ep = 5keV, b = 0,3 a.u., ausgewertet mit verschiedenen Eigenfunktionen. Gepunkte-
te Linien, Eigenfunktionen {|p?)} (2.44); durchgezogene Linien, Eigenfunktionen {|@x)}
(3.15); obere Kurven, elastischer Kanal; untere Kurven, P’ /2; gestrichelte horizontale
Linien, Mittelwerte fiir z — co. Zur besseren Ubersicht sind die Kurven fiir den elastischen

Kanal um 0,6 nach oben verschoben.

{lo0)} des ungestorten Targetatoms, d.h. die Funktionen der generierenden BGM Basis
(2.44), zur Analyse der Wellenfunktion verwendet. Die Ursache hierfiir ist darin zu fin-
den, dass der Hamilton-Operator vor dem Stofl nicht mehr identisch ist mit dem nach dem
StoB, wie es fiir die no-response Niherung der Fall ist. In [160] konnte allerdings gezeigt
werden, dass die Eigenfunktionen {|@x)} (3.15) des zeitabhéngigen Hamilton-Operators
eine geeignete Wahl fiir die exakten Endzusténde darstellen. Jedoch ist anzumerken, dass
fiir ein allgemeines mikroskopisches Responspotential die angesprochenen Oszillationen
nur vermindert werden und nicht génzlich verschwinden, da auch die {|@x)} nicht die for-
mal korrekten Randbedingungen des Systems erfiillen (siehe Kopplungsmatrixelemente
in (3.14) und (3.16)). Fiir den speziellen Fall des globalen Responspotentials (3.12) fiihrt
die Analyse mit den Eigenfunktionen {|@;)} auf stabile Ubergangswahrscheinlichkeiten.
Zur genaueren Betrachtung des Ionisationsmechanismus im System p — He werden im
Folgenden die zeitlichen Verlaufe fiir die Analyse mit beiden Sétzen von Eigenfunktionen
miteinander verglichen.

Abb. 5.13-5.16 zeigt die zeitlichen Entwicklungen der Wahrscheinlichkeiten fiir den
elastischen Kanal und fiir Nettoionisation (skaliert mit 0,5) berechnet beziiglich der Ei-
genfunktionen {|p?)} und {|px)} fiir Ep = 5 keV und verschiedene Stofiparameter b.
Vergleicht man in jeder Abbildung die Verldufe mit den Eigenfunktionen {|©?)} mit de-
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nen der Eigenfunktionen {|@x)}, so erkennt man deutlich die Verminderung des oszilla-
torischen Verhaltens. Physikalische Aussagen iiber den Ablauf des lonisationsprozesses
konnen jedoch nur mit Hilfe der Funktionen {|®;)} gemacht werden, da in den Funktio-
nen {|p?%)} die zeitliche Verinderung der Potentialverhiltnisse zwischen Projektil, Target
und elektronischer Dichte nicht beriicksichtigt wird. Fiir StoSparameter, die kleiner sind
als der r-Erwartungswert der Elektronen der K-Schale des Grundzustandes von Helium
(siehe auch Tab. 5.1), also in Abb. 5.13-5.15, erkennt man, dass ein rapider Abfall des
elastischen Kanals begleitet von einem Anstieg der Ionisation um den ’closest approach’
herum stattfindet. Darauthin erfolgt eine Relaxation der lIonisationswahrscheinlichkeit bei
sofortiger Stabilisation des elastischen Kanals. Als closest approach bezeichnet man den
Punkt im zeitlichen Verlauf, bei dem Projektil- und Targetkern die geringste Entfernung
voneinander besitzen, d.h. Z =t =0 a.u. gilt.

Das Verhalten in unmittelbarer Néhe des closest approach kann einer Art ’ Targetkern-
eklipse’ zugeschrieben werden. Fiir Stofle mit Stoflparametern kleiner als der r-Erwartungs-
wert des aktiven Elektrons, die den Hauptbeitrag zum Querschnitt liefern, schirmt die
Ladung des Antiprotons den Targetkern ab. Dies fithrt zu einer Verminderung seiner
Attraktivitdt und zu einer Expansion der elektronischen Dichte. Wenn das Antiproton
diesen Bereich wieder verlisst, wird der Targetkern wieder attraktiver und der Ionisa-
tionsprozess abrupt gestoppt. Das beschriebene sich anschliefende Relaxationsverhalten
der Tonisationswahrscheinlichkeit im Bereich 2,5 < Z < 15 a.u. ist auf einen Wiederein-
fang ("recapture’) der Elektronen in niedrig liegende angeregte Zustinde des Heliumtar-
gets zuriickzufiihren. Fiir entferntere Stéfe mit Stofparametern, die grofler sind als der
r-Erwartungswert des aktiven Elektrons (Abb. 5.16), verschwindet der Effekt der Target-
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kerneklipse, da dann das Antiproton die elektronische Dichteverteilung in zu grolem Ab-
stand passiert und eine abschirmende Wirkung nicht mehr in ausreichendem Mafle auf-
tritt. Diese Idee der Targetkerneklipse wurde schon in [186] entwickelt und konnte hier
detailliert bestétigt werden.

5.2.4 Betrachtung des Responspotentials

Um einen Eindruck von der mikroskopischen Verdnderung des effektiven elektronischen
Potentials wiahrend des Stofles zu bekommen, soll in diesem Abschnitt exemplarisch fiir
das StoBsystem p — He die dynamische Situation fiir eine Einschussenergie Ep = 5 keV
und Stoparameter b = 0,5 a.u. betrachtet werden. In Abb. 5.17, Abb. 5.18 und Abb. 5.19
sind die mit der radialen Koordinate r gewichteten Radialanteile der Yyo-, Yio- und Y-
Komponenten der Entwicklung (3.25) des Responspotentials dvee(r,t) = vee(r, t) — 02, (r)
fiir verschiedene Zeitpunkte der Kollision dargestellt. Der Monopolanteil zeigt dabei die
Verénderung der Abschirmungsverhdltnisse im Laufe des Stofles, wihrend die Dipolkom-
ponenten zusétzlich Aufschluss iiber Polarisationseffekte geben. Im Zusammenhang mit
den Ausfithrungen in Kapitel 4 wird hier deutlich, dass sich trotz der stark oszillierenden
Entwicklungskoeffizienten aufgrund der nichtorthogonalen Darstellung (3.25) ein physika-
lisch sinnvolles und interpretierbares effektives interelektronisches Potential ergibt.

Die Entwicklung des Monopolanteils (Abb. 5.17) fiir Zeiten kurz vor und nach dem
closest approach (—1,0 < Z < 0,4 a.u.) verdeutlicht die zunehmende Verminderung der
Abschirmung des Targetkerns durch die Wechselwirkung mit dem Projektil, d.h. das elek-
tronische Potential wird im Vergleich zum Grundzustandspotential weniger repulsiv: es
entsteht ein 'Abschirmungsloch’. Fiir Zeiten 0,5 < Z < 15,0 a.u. wird das Responspoten-
tial diffuser als Konsequenz der sich ausbreitenden elektronischen Dichte durch Besetzung
angeregter Zustdnde und Ionisation. Dies fiihrt zu einer abwechselnden Verschiebung der
Minima der dargestellten Potentialkurven zu gréleren und kleineren Abstédnden und kor-
respondiert zu einer 'pumpenden’ Bewegung der elektronischen Dichte. Der Potentialver-
lauf fiir die Zeiten 16,0 < Z < 25,0 a.u. verdeutlicht schlie8lich die Relaxationsphase des
effektiven elektronischen Potentials des verbleibenden, teilweise angeregten Targetkerns.

Bei Betrachtung der Dipolkomponenten des Responspotentials (Abb. 5.18 und
Abb. 5.19) wird die polarisierende Wirkung des negativ geladenen Antiprotons auf die
anfinglich kugelsymmetrisch verteilte elektronische Dichte im Anfangszustand des He-
liumatoms deutlich (wegen der kugelsymmetrischen Verteilung der Dichte im Anfangs-
zustand des Heliumatoms hat v2 (r) nur einen Monopolanteil, die htheren Multipolmo-
mente verschwinden). Es muss dabei allerdings beachtet werden, dass in Abb. 5.18 und
Abb. 5.19 nur der mit r gewichtete Radialanteil des Responspotentials der jeweiligen Di-
polkomponente dargestellt ist. Um eine Vorstellung von der geometrischen Struktur dieser
Komponenten zu bekommen, darf man die Winkelanteile

iti > 0 a.u.
Y10(9,0) ~ cos ¥ = {pos1 I‘V : at (5.1)
negativ. z < 0 a.u.
und
t1 >0 a.u.
Yiu(9,0) ~ —sind) = {g v e (5.2)
positiv. -z < 0 a.u.
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Abb. 5.17: p — He: Mit r gewichteter Radialanteil des Responspotentials dv.(r,t) =

Vee(r, t) — 00 (1) fiir Ep = 5 keV, b = 0,5 a.u. fiir verschiedene Zeiten Z = vt. Rechnung
mit A = 6 und D = 2, in der Darstellung wurde fiir ve.(r,t) nur die Yyo-Komponente
(Monopolanteil) aus (3.25) beriicksichtigt.
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Mit r gewichteter Radialanteil des Responspotentials dvee(r,t) =
Vee(r, t) — 00 (1) fiir Ep = 5 keV, b = 0,5 a.u. fiir verschiedene Zeiten Z = vt. Rechnung
mit A = 6 und D = 2, in der Darstellung wurde fiir ve.(r,t) nur die Y;o-Komponente
(Y1o-Dipolanteil) aus (3.25) berticksichtigt. Man beachte Yi(9,0) ~ cos .
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Abb. 5.19: p — He: Mit r gewichteter Radialanteil des Responspotentials dv.(r,t) =
Vee(r, t) — 00 (1) fiir Ep = 5 keV, b = 0,5 a.u. fiir verschiedene Zeiten Z = vt. Rechnung
mit A = 6 und D = 2, in der Darstellung wurde fiir v.(r,t) nur die Y;;-Komponente
(Y11-Dipolanteil) aus (3.25) berticksichtigt. Man beachte Y1;(1,0) ~ —sin 9.
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x>0

x<0

Abb. 5.20: Geometrie des interatomaren Stofies. T: Target, P: Projektil, b: Stoparameter.
Durch den schraffierten Bereich um das Target wird die kugelsymmetrische Verteilung der Dichte
im Grundzustand des Heliumatoms angedeutet.

nicht vernachléssigen, durch die das Vorzeichen des Responspotentials fiir bestimmte
Raumbereiche beeinflusst wird (zur Darstellung der Geometrie des interatomaren Stofies
sieche Abb. 5.20). Das sich dem Target ndhernde Antiproton fiihrt zu einer Polarisation
der zunéchst kugelsymmetrischen elektronischen Dichteverteilung des Heliumatoms ent-
lang der Strahlachse (z-Achse). Vor dem closest approach Z < 0 a.u. wird durch die
repulsive Wirkung des Projektils Dichte von der dem Projektil zugewandten Seite der
Targetelektronen (z < 0 a.u.) verdréngt und auf die gegeniiberliegende Seite des Targets
(z > 0 a.u.) verlagert. Es entsteht eine ’Beule’ in der Dichteverteilung und als unmittel-
bare Konsequenz ein zunehmend positiver Radialanteil der Y;p-Komponente des Respons-
potentials. Gleichzeitig resultiert ein positiver Radialanteil fiir die Y;;-Komponente des
Responspotentials, da durch die Vorgabe der Projektilbewegung im positiven Bereich der
x-Achse durch die repulsive Wirkung des Antiprotons zunehmend Dichte in den negativen
Bereich der x-Achse gedringt wird. Ist das Projektil vollsténdig in die Dichteverteilung
eingedrungen, so wirkt es in alle Richtungen abstoflend auf die umgebende Dichte und
verdrangt sie nach allen Seiten hin. Dieses Verhalten fiihrt zu einem Vorzeichenwechsel
des radialen Verlaufs des Responspotentials in der Yjp-Komponente fir Z ~ 0,2 a.u.. Im
weiteren Zeitverlauf (Z > 1,0 a.u.) zeigen die Radialanteile beider Dipolkomponenten die
reichhaltige Struktur des sich ausbreitenden Ionisationsanteils und die Zeitentwicklung
des angeregten Targets.
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Abb. 5.21: p — Li*: Totaler Wirkungsquerschnitt fiir Einfachionisation als Funktion der
Einschussenergie. Vergleich der BGM-Rechnung mit mikroskopischer Respons mit der
no-response Ndherung.

5.3 Einfachionisation in p — Li™ Stofien

Wird fiir Stéfe mit Antiprotonen anstatt Helium das helium#hnliche Lithiumion Li™ ver-
wendet, so bilden sich im zugehdrigen totalen Wirkungsquerschnitt fiir Einfachionisation
(Abb. 5.21) direkt Skalierungseigenschaften der Schrodinger-Gleichung ab. Gemif der in
Tab. 5.1 zusammengestellten Eigenschaften sind die Elektronen im Lithiumion stérker ge-
bunden als im Helium und somit schwerer zu ionisieren. Der Querschnitt ist folglich kleiner
als fiir Helium und sein Maximum zu gréfleren Einschussenergien hin verschoben. Ganz
analog zum Stofisystem p — He stimmen die Wirkungsquerschnitte fiir die no-response
Néherung und die Rechnung mit mikroskopischer Respons fiir grofle Stoflenergien iiber-
ein, hat in diesem Fall doch auch hier die elektronische Dichte nicht geniigend Zeit, um
sich den schnell verdndernden Potentialverhéltnissen anzupassen. Fiir immer langsamere
StoBe, d.h. bei kleinen Einschussenergien, fithren beide Kurven zu einem verschwinden-
den Querschnitt, da das Quasimolekiil (pLit) im Gegensatz zum Quasimolekiil (pHe), bei
dem in der no-response Naherung die Bildung eines H ~-Ions nicht moglich ist, auch in
der no-response Rechnung fiir alle Abstédnde gebunden bleibt. Dies ist eine direkte Folge
der hoheren Ladung das Targetkerns. Bemerkenswert ist jedoch, dass Responseffekte in
beiden Féllen (He und Li™) von vergleichbarer GroBe sind, obwohl man erwarten konnte,
dass solche Effekte aufgrund der stiarkeren Elektron-Kern-Wechselwirkung fiir das ionische
Target zunehmend kompensiert werden. Fiir Ep = 10 keV beispielsweise fiihren Respons-
effekte zu einer Verminderung des totalen Wirkungsquerschnittes fiir Einfachionisation
um 25% fiir Helium und um 30% fiir das heliuméhnliche Lithiumion.
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5.4 Zusammenfassung der wichtigsten Ergebnisse

In diesem Kapitel wurden mikroskopische Responseffekte in Stoflen von Antiprotonen
mit Helium und Lithiumionen mit Hilfe zeitabhéngiger Dichtefunktionaltheorie im Rah-
men einer effektiven Einteilchenbeschreibung untersucht. Das effektive Elektron-Elektron-
Potential wurde dabei innerhalb der x-only Nédherung betrachtet, Korrelationseffekte blie-
ben génzlich unberiicksichtigt. Folgende Aussagen konnten gewonnen werden:

e Einfachionisation im System p — He:
Der Vergleich der Ergebnisse korrelierter Rechnungen mit der BGM-Rechnung zeigt,
dass Korrelationseffekte eine untergeordnete Rolle spielen. Eine substantielle Ver-
minderung des Querschnittes wird durch adiabatische und dynamische Responsef-
fekte erreicht. Der Wirkungsquerschnitt reagiert sehr sensitiv auf die Wahl des Re-
sponspotentials, wobei eine vollstandige Selbstwechselwirkungskorrektur unerléasslich
ist.

e Zweifachionisation im System p — He:

Auch bei Beriicksichtigung des mikroskopischen Responspotentials wird der experi-
mentelle Wirkungsquerschnitt erheblich iiberschétzt. Zur Erklarung dieses Prozes-
ses sind Korrelationseffekte in der Auswertung der Zweiteilchenobservablen bzw. in
der Stofidynamik mit einzubeziehen. Verwendet man eine Slater-Determinante als
Ansatz fiir die Wellenfunktion (x-only Naherung), so sind im Rahmen der Bino-
mialstatistik die Wahrscheinlichkeiten fiir Einfachionisation und Zweifachionisation
nicht mehr unabhéngig voneinander und erfiillen eine physikalisch unbegriindete
feste Relation. Dieses Problem ist bisher ungeltst, da im Rahmen der TDDFT die
zugehorigen Funktionale zur Auswertung von Vielteilchenobservablen nicht bekannt
sind.

e Jonisationsmechanismus im System p — He:
Bei Verwendung der Eigenfunktionen des zeitabhéngigen Hamilton-Operators zur
Analyse der Wellenfunktion kann der Ionsationsmechanismus als eine Art Target-
kerneklipse beschrieben werden. Dieser Effekt ist abhingig vom Stofparameter b
und sehr stark, wenn b kleiner als der r-Erwartungswert des aktiven Elektrons ist,
d.h. das Projektil wihrend des Stofles die elektronische Dichteverteilung nahezu
vollstéandig durchquert.

e Betrachtung des Responspotentials im System p — He:
Die Betrachtung des Responspotentials zu verschiedenen Zeiten verdeutlicht die
Verénderung der Abschirmungs- und Polarisationsverhéltnisse im Verlauf des Sto-
Bes. Dartiber hinaus zeigen sich Charakteristika von Anregung und Ionisation.

e Einfachionisation im System p — Li™:
Obwohl hier im Vergleich zum System p — He ein stérker geladener Targetkern vor-
liegt, sind Responseffekte von vergleichbarer relativer Grofle.



Kapitel 6

Stofle mit positiv geladenen
Projektilen

Im Gegensatz zu StoBen mit Antiprotonen, wie sie im vorhergehenden Kapitel untersucht
worden sind, besteht bei interatomaren Stéfen mit positiv geladenen Projektilen neben
der Tonisation auch die Moglichkeit, dass Elektronen vom Projektil eingefangen werden.
Auf diese Weise sind fiir Stole vollsténdig ionisierter Projektile X der Kernladung Z mit
Helium (oder auch heliuméhnlichen Ionen) folgende Zweiteilchen-Ubergiinge denkbar:

Einfacheinfang : X%y He — XD+ L Het (6.1a)
Zweifacheinfang : X%t + He — XZ=2%+ 4 Het (6.1b)
Einfachionisation : X?* + He — X7 + He*™ + e (6.1c)
Zweifachionisation : X" + He — XZT + He' 4 2¢~ (6.1d)
Transferionisation : X%* + He — XD+ L He?t o™ | (6.1e)

Fiir jeden dieser Stofiprozesse existieren eine Vielzahl experimenteller Daten und Rech-
nungen. Den kritischen Punkt bei der theoretischen Beschreibung stellt wiederum die
Behandlung der Elektron-Elektron-Wechselwirkung dar. In den folgenden Abschnitten
sollen die Resultate des erlduterten mikroskopischen Responsmodells vorgestellt und mit
vorhandenen experimentellen Daten und den Ergebnissen anderer theoretischer Ansétze
verglichen werden. Ziel der vorliegenden Untersuchungen ist es festzustellen, welchen Ein-
fluss zeitabhéngige Responseffekte auf die Beschreibung der inelastischen Prozesse (6.1a-€)
in den Systemen p — He und He?* — He haben (Kapitel 6.2). Eine Erhéhung der Projek-
tilladung (Li** — He) bzw. der Targetladung (p — LiT) fiihrt zu einer Verschiebung der
energetischen Lage der Reaktionskanéle zueinander und damit zu einer Starkung bzw.
Schwéchung bestimmter Kopplungen und soll ebenfalls genauer betrachtet werden (Kapi-
tel 6.3). Von besonderem Interesse ist dabei, inwieweit die Beriicksichtigung zeitabhdngiger
Polarisations- und Austauscheffekte ausreichend ist, um die Prozesse (6.1a-e) zu beschrei-
ben, um auf diese Weise wiederum eine Aussage iiber die Tragweite von Korrelationseffek-
ten machen zu kénnen. Zunéchst wird hierzu im folgenden Abschnitt die Konvergenz der
verwendeten zweizentrigen Entwicklung (3.28) des effektiven Elektron-Elektron-Potentials
(3.19) betrachtet.

67
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Abb. 6.1: p — He: Zeitentwicklung Z = vt der Nettoverlustwahrscheinlichkeit fiir
Ep =20 keV/amu, b = 1,5 a.u., ausgewertet mit den Funktionen {|p9)} (2.44). Durchge-
zogene Linie, no-response Néherung; weit gepunktete Linie, Rechnung mit Respons (3.28)
A =6, N =0und D = 2; gestrichelte Linie, A = A’ = 6 und D = D’ = 0; eng gepunktete
Linie, A=A’ =6 und D = D’ = 1; strichpunktierte Linie, A= A'"=6 und D = D’ = 2.

Fiir alle nachfolgenden Rechnungen ist eine BGM-Basis (2.74) aus 107 Zusténden mit
einer generierenden Basis der Gréfle N = 20 und einer reinen Projektilpotential-Hierarchie
bis zur Ordnung M = 8 verwendet worden.

6.1 Konvergenz der zweizentrigen Entwicklung des
Responspotentials

Zur Untersuchung der Konvergenz der zweizentrigen Entwicklung des Responspotentials
sollen - analog zum Vorgehen in Abschnitt 5.1 - exemplarisch die beiden dynamischen Si-
tuationen Ep = 20 keV/amu, b = 1,5 a.u. fiir das System p — He und Ep = 20 keV /amu,
b = 1,6 a.u. fiir das System He?" — He betrachtet werden. Abb. 6.1 und Abb. 6.2 zeigen
dazu die zeitlichen Verldufe der Nettoverlustwahrscheinlichkeiten fiir verschiedene Wahlen
der Parameter A, A’, D und D’ im Vergleich zur no-response Naherung. Der Fall A’ =0
entspricht folglich der einzentrigen Entwicklung des Responspotentials (3.25), wie sie in
Kapitel 5 zur Beschreibung von Stofen mit Antiprotonen verwendet worden ist. Da zur
Analyse der Wellenfunktion ebenfalls die Eigenfunktionen {|©%)} (2.44) des ungestorten
Targetatoms benutzt werden, erkennt man wiederum das in Abschnitt 3.2 angesproche-
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Abb. 6.2: He?™ — He: Wie Abb. 6.1, jedoch fiir Ep = 20 keV /amu, b = 1,6 a.u..

ne oszillierende Verhalten der Ubergangswahrscheinlichkeiten fiir die Rechnungen mit
Respons. Wird nur die einzentrige Entwicklung zur Beschreibung der Respons verwendet
(A =6, =0und D = 2), so kommt es fiir das Stofisystem p — He zu einer Verminderung
und fiir das StoBsystem He?* — He zu einer Vergroferung der jeweiligen Nettoverlustwahr-
scheinlichkeit im Vergleich zum no-response Fall. Eine physikalische Erlduterung fiir diese
Sachverhalte wird im Abschnitt 6.2.1 gegeben. Verwendet man lediglich die Monopolan-
teile (D = D’ = 0) der zweizentrigen Entwicklung (A = A’ = 6) des Responspotentials,
beriicksichtigt also zusétzlich die Abschirmung des Projektils durch wéhrend des Stofles
eingefangene Elektronen, so ergibt sich eine weitere Verminderung bzw. Vergroflerung der
jeweiligen Nettoverlustwahrscheinlichkeit. Die Hinzunahme der Dipol- (D = D’ = 1) und
Quadrupolkomponenten (D = D’ = 2) fiir beide Zentren verdeutlicht schlielich die Kon-
vergenz der Entwicklung (3.28). Da sich &hnliche Bilder bei anderen Einschussenergien,
StoBparametern und Projektilladungen ergeben, wird fiir die folgenden Rechnungen die
Parameterkombination A = A’ = 6 und D = D’ = 2 fiir die zweizentrige Entwicklung des
Responspotentials verwendet.

6.2 Vergleich der Stoflsysteme p — He und He?" — He

Die beiden Stofisysteme p — He und He?' — He gehoren, wie schon in der Einleitung
erldutert, zu den sowohl aus experimenteller als auch theoretischer Sicht am ldngsten
und héufigsten betrachteten zeitabhéingigen Vielteilchensystemen. In diesem Abschnitt
sollen beide detailliert untersucht und miteinander verglichen werden. Ausgangspunkt
stellt dabei die Betrachtung ’'dynamischer Korrelationsdiagramme’ dar, mit deren Hilfe
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Abb. 6.3: p — He: Dynamisches Korrelationsdiagramm (Z = vt) fiir Ep = 20 keV /amu,
b = 1,5 a.u.. Durchgezogene Linien, no-response Naherung; gestrichelte Linien, Rechnung
mit mikroskopischer Respons (3.28).

man physikalische Aussagen iiber mogliche Reaktionsmechanismen und die Auswirkungen
von Responseffekten machen kann. Anschliefend sollen am Beispiel von totalen Nettowir-
kungsquerschnitten das globale Responsmodell (3.12) und die mikroskopische Entwick-
lung (3.28) gegeniibergestellt und miteinander verglichen werden, bevor die denkbaren
Zweiteilchen-Wirkungsquerschnitte betrachtet werden sollen. Die Untersuchung einer al-
ternativen Form der Multinomialauswertung befindet sich am Ende dieses Abschnitts.

6.2.1 Dynamische Korrelationsdiagramme

Um eine qualitative Einsicht in die Auswirkungen des mikroskopischen Responspotenti-
als zu bekommen, kann man die Eigenwerte £;(¢) der Eigenfunktionen {|@x)} (3.15) des
zeitabhéngigen Hamilton-Operators, der das Responspotential selbst enthélt, betrach-
ten. Eine solche Darstellung kann als ’dynamisches Korrelationsdiagramm’ aufgefasst
werden und wird fiir einige ausgewéhlte kinematische Situationen untersucht. Abb. 6.3
zeigt ein solches dynamisches Korrelationsdiagramm fiir das Stolsystem p — He bei einer
Einschussenergie Ep = 20 keV /amu und Stofiparameter b = 1,5 a.u., wobei die korrespon-
dierenden Eigenwerte fiir die no-response Ndherung mit eingezeichnet sind. In Abb. 6.4
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Abb.  6.4: He’™ —He: Dynamisches Korrelationsdiagramm (Z = vt)  fiir
Ep =5keV/amu, b=1,6a.u.. Durchgezogene Linien, no-response Niherung; ge-
strichelte Linien, Rechnung mit mikroskopischer Respons (3.28).

ist die analoge Darstellung fiir das StoBsystem He?™ — He fiir Ep = 5 keV/amu und
b = 1,6 a.u. zu sehen. Die Kanéile sind im auslaufenden Bereich in den atomaren Limes
von Projektil und Target fiir beide Varianten beschriftet. Da die Hamilton-Operatoren vor
dem Stofl und nach dem Stof fiir den no-response Fall identisch sind, sind folglich die zu-
gehorigen Energiekurven symmetrisch zum closest approach, d.h. dem Punkt Z = 0 a.u..
Wird das Responspotential jedoch beriicksichtigt, so beginnen sich die Kurven in etwa
ab dem closest approach im Vergleich zur no-response Ndherung zu unterscheiden. Einer-
seits wird der Grundzustandskanal des Heliumtargets stiarker gebunden, da elektronische
Dichte vom Target entfernt wird und somit die Abschirmung des Targetkerns nachlésst,
andererseits wird die Bindung des Grundzustandskanals des Projektils geschwécht, da
eingefangene elektronische Dichte den Projektilkern immer mehr abschirmt. Dies fiihrt
also fiir das System p — He zu einer verminderten energetischen Kopplung beider Kanile
und fiir das System He?* — He zu einer stiirkeren Kopplung. Zu erwarten ist damit fiir
p — He eine Reduzierung und fiir He?* — He eine Zunahme des totalen Wirkungsquer-
schnittes fiir Einfang im Vergleich zu den Ergebnissen einer no-response Rechnung. Da
fiir die Ionisation die Bindungsenergie des aktiven Elektrons mafigeblich ist, die infol-
ge des Responspotentials zunimmt, dann also eine stiarkere Bindung vorliegt, ist ganz
analog zu den beiden im vorhergehenden Kapitel betrachteten Stosystemen p — He und
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Abb. 6.5: p — He, He?" — He: Totaler Wirkungsquerschnitt fiir Nettoverlust als Funktion
der Einschussenergie. Rechnung mit mikroskopischer Respons (3.28) und globaler Respons
(3.12) im Vergleich zur no-response N#herung. Experiment: (o) [187,188]; (m) [189] (Un-
sicherheit 9 %); (O) [190,191] (Unsicherheit 15 %).

p — Li* mit einer Abnahme des totalen Ionisationswirkungsquerschnitts, verglichen mit
dem no-response Fall, zu rechnen. Fiir schnelle bzw. sehr entfernte Stéfe stimmen die dy-
namischen Korrelationsdiagramme fiir die no-response Néherung und die mikroskopische
Respons {iberein, da hier Responseffekte keinen wesentlichen Einfluss mehr haben. Die
besonders in Abb. 6.3 sichtbaren Oszillationen der gestrichelten Kurven korrespondieren
zu dem in Abschnitt 3.2 erliuterten oszillierenden Verhalten der Ubergangswahrschein-
lichkeiten fiir die Rechnungen mit Respons.

6.2.2 Nettowirkungsquerschnitte und Auswirkungen
des globalen Responsmodells

Geméafl den Ausfithrungen in Kapitel 2.3.1 konnen Nettowahrscheinlichkeiten unter be-
stimmten Voraussetzungen als explizite Dichtefunktionale aufgefasst werden. Sie sind da-
mit exakt im Sinne der DFT und man kann sie unmittelbar und ohne weitere Naherung
zur Berechnung totaler Nettowirkungsquerschnitte verwenden.
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Abb. 6.6: p — He, He** — He: Totaler Wirkungsquerschnitt fiir Nettoeinfang als Funktion
der Einschussenergie. Rechnung mit mikroskopischer Respons (3.28) und globaler Respons

(3.12) im Vergleich zur no-response Nédherung. Experiment: (o) [187,188] (Unsicherheit
8.8 %); (m) [189]; (O) [190,191] (Unsicherheit 15 %).

Fiir die Stofisysteme p — He und He?" — He sind die entsprechenden totalen Netto-
wirkungsquerschnitte fiir Verlust, Einfang und Ionisation in den Abb. 6.5, 6.6 und 6.7
zusammengestellt. Es werden jeweils die Ergebnisse der no-response Rechnung, der Rech-
nung mit dem globalen Responsmodell (3.12) und die Resultate der Rechnung mit mikro-
skopischer Respons (3.28) miteinander verglichen. Waren die Auswirkungen des globalen
Responsmodells auf das in Kapitel 5 behandelte Stolsystem p — He aufgrund des zu klei-
nen Zweifachverlustes nur duflerst gering, so ergeben sich fiir Stofle mit positiv geladenen
Projektilen fiir dieses Modell kleine, aber sichtbare Auswirkungen. Ursache hierfiir ist,
dass fiir solche StoBe nach (2.88j) neben der Zweifachionisation (6.1d) auch die Transfer-
ionisation (6.1e) und der Zweifacheinfang (6.1b) zum Zweifachverlust beitragen und zur
Verringerung der elektronischen Abschirmung des Targets fiir das globale Responsmodell
fiihren. Wie zu erwarten, stimmen die Wirkungsquerschnitte der Rechnungen mit bei-
den Responspotentialen fiir schnelle St68e mit denen der no-response Naherung iiberein
und geben die experimentellen Daten fiir Nettoverlust, -einfang und -ionisation sehr gut
wieder. Erst fiir mittlere und kleine Einschussenergien werden Unterschiede und somit



74 6. Stof3e mit positiv geladenen Projektilen

1 . 2 T T T TTT L B
—— mno-response i
=== globale Respons +He

LO | mikr. Respons P

3.5
3.0

2 25
2.0

]

0'[10_166

1.5
1.0
0.5

0.0 ey I Ll L
100 1000

10
Ep [keV/amu]

—_

Abb. 6.7: p — He, He** — He: Totaler Wirkungsquerschnitt fiir Nettoionisation als Funk-
tion der Einschussenergie. Rechnung mit mikroskopischer Respons (3.28) und globaler
Respons (3.12) im Vergleich zur no-response Ndherung. Experiment: (o) [187,188] (Unsi-

cherheit 8.7 %); (W) [189] (Unsicherheit 80 %); (O) [190,191] (Unsicherheit 15 %).

Responseffekte sichtbar. Wiahrend sich der Nettoverlust fiir das System p — He bei klei-
nen Stoflenergien verringert, vergréfiert er sich fiir das System He?™ — He im Vergleich
zur no-response Rechnung bei Beriicksichtigung der mikroskopischen Respons (Abb. 6.5).
Ursache hierfiir sind die durch die verdnderten Abschirmungsverhéltnisse modifizierten
Kopplungsschemata der Reaktionskanile, deren Verschiebungen durch das Responspoten-
tial mit Hilfe der dynamischen Korrelationsdiagramme aus dem vorhergehenden Abschnitt
erkldrt werden konnten.

Ganz analog zur Verdnderung des Nettoverlustes verhélt sich der Nettoeinfang fiir
die mikroskopische Respons in beiden Stofisystemen (Abb. 6.6), wird doch der Verlust
fiir kleine Einschussenergien vom Einfang dominiert. Fiir He*™ — He findet man so eine
wesentlich bessere Ubereinstimmung mit den experimentellen Daten, wihrend fiir p — He
das Experiment bei Beriicksichtigung der Respons unterschéatzt wird.

Die totalen Wirkungsquerschnitte fiir Nettoionisation (Abb. 6.7) werden fiir beide Sy-
steme im Maximum durch das mikroskopische Responspotential verringert, was durch
die Verminderung der elektronischen Abschirmung durch die Respons der elektronischen
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Dichte und die damit unmittelbar verbundene stiarkere Bindung des aktiven Elektrons
erklart werden kann. Der Vergleich mit dem Experiment fiir Ionisation liefert wieder-
um fiir p — He bei Beriicksichtigung des mikroskopischen Responspotentials eine leichte
Unterschitzung, wohingegen fiir He** — He eine recht gute Ubereinstimmung erzielt wird.

Die Auswirkungen des globalen Responsmodells weisen fiir das jeweilige Stofisystem
im Vergleich zur no-response Naherung sowohl fiir Verlust als auch fiir Einfang und Ioni-
sation in die gleiche Richtung wie die mikroskopische Darstellung, sind jedoch wesentlich
schwicher. Ursache ist einerseits die Konstruktion des Modells, erst ab zweifachem Ver-
lust wirksam zu werden, und andererseits die Tatsache, dass Polarisationseffekte durch
dieses Modell nicht erfasst werden kénnen. Dariiber hinaus erfiillt das Potential der glo-
balen Respons (3.12) nicht die Poisson-Gleichung (3.21) und ist in diesem Sinne lediglich
als Modellierung zu betrachten. Geht man davon aus, dass durch das mikroskopische
Responspotential sowohl statische als auch dynamische Abschirmungs- und Austausch-
effekte vollstdndig dargestellt werden, so konnen die auftretenden Diskrepanzen zu den
experimentellen Daten nur auf Korrelationseffekte zuriickgefiihrt werden. Bemerkenswert
ist dabei, dass die Auswirkungen auf die Wirkungsquerschnitte fiir Einfang stérker sind
als fiir die Ionisation und die Einfangwirkungsquerschnitte sehr sensitiv beziiglich der
energetischen Lagen der ausschlaggebenden molekularen Kopplungen reagieren.

Zur genaueren Untersuchung werden im folgenden Abschnitt fiir beide Stofisysteme die
totalen Wirkungsquerschnitte fiir die moglichen Zweiteilchen-Ubergéinge (6.1a-e) betrach-
tet. Dabei ist zu beachten, dass deren Auswertung nicht iiber explizite Dichtefunktionale
vorgenommen werden kann und erst durch die Ndherung (2.87), also die Darstellung des
Anfangs- und Endzustandes des Vielelektronenproblems als einzelne Slater-Determinante,
ermoglicht wird.

6.2.3 Zweiteilchen-Wirkungsquerschnitte

Die Abb. 6.8 bis 6.12 zeigen die totalen Wirkungsquerschnitte fiir Einfacheinfang (6.1a),
Einfachionisation (6.1c), Zweifachionisation (6.1d), Transferionisation (6.1e) und Zwei-
facheinfang (6.1b) fiir die StoBsysteme p — He und He*™ — He, wobei der Zweifacheinfang
lediglich fiir He** — He physikalisch sinnvoll ist (die Mdglichkeit der Bildung eines H -
Tons soll aufgrund der sehr geringen Wahrscheinlichkeit nicht berticksichtigt werden). Es
werden jeweils die Ergebnisse der no-response Ndherung und der Rechnung mit mikrosko-
pischer Respons mit anderen theoretischen Ansétzen und den verfiigharen experimentel-
len Daten verglichen. Fiir alle Wirkungsquerschnitte gilt bei beiden Stofisystemen, dass
no-response Naherung und mikroskopische Respons fiir grofle Einschussenergien iiberein-
stimmen.

Form und Maximum des experimentellen Wirkungsquerschnittes fiir Einfacheinfang
werden fiir p — He Stole schon durch die no-response Rechnung sehr gut wiedergege-
ben (Abb. 6.8). Die mikroskopische Respons fiihrt ab Ep a~ 70 keV/amu zu einer Un-
terschitzung des Experiments. Die TDHF-Rechnung von Stich et al. [23] (Entwicklung
nach Hylleraas-Funktionen) zeigt ein dhnliches Verhalten, wobei beachtet werden muss,
dass mit dieser Rechnung keine Ionisationsanteile beschrieben werden koénnen. In der
Rechnung von Slim et al. [192,193] wird eine zweizentrige AO-Entwicklung aus Pseu-
dozusténden, bestehend aus 22 Zustédnden am Target und 29 Zustédnden am Projektil,
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Abb. 6.8: p — He, He?* — He: Totaler Wirkungsquerschnitt fiir Einfacheinfang als Funk-
tion der Einschussenergie. Rechnung mit mikroskopischer Respons (3.28) im Vergleich zur
no-response Ndherung und anderen Theorien: Stich et al. [21,23]; Slim et al. [192, 193];
Winter [194]; Kimura und Lin [195]; Schaudt et al. [196]; Gramlich et al. [197]; Kimu-
ra [198]; Jain et al. [199]; Shingal und Lin [200]; Harel et al. [201]. Experiment: (m) [189]
(Unsicherheit 13 %); (O) [190,191] (Unsicherheit 15 %); (o) [202]; (o) [203].
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verwendet. Bei Fp = 20 keV /amu iiberschitzt diese Rechnung die experimentellen Werte
leicht. Da der Austausch explizit beriicksichtigt wird, kénnen die Diskrepanzen zur BGM-
Rechnung mit Respons, die das Experiment leicht unterschétzt, nur auf Defizite in der
Beschreibung der Ionisation und der molekularen Zwischenzustéinde durch die verwende-
ten Pseudoorbitale zuriickgefithrt werden. Noch groflere Diskrepanzen ergeben sich zur
Rechnung von Winter [194], bei der eine Basis aus 51 Sturmschen Funktionen verwendet
worden ist. Dabei wurde allerdings der Austausch nicht berticksichtigt. Am besten werden
die experimentellen Daten im gesamten Energiebereich durch die Rechnung von Kimura
und Lin [195] beschrieben, die eine Kombination aus AO- und MO-Entwicklung darstellt.
Da darin Korrelationseffekte explizit enthalten sind, liegt es nahe zu vermuten, dass sie
die Ursache fiir die Diskrepanz zur BGM-Rechnung mit Respons darstellen.

Fiir das Stofisystem He?* — He ergibt sich bei Verwendung des mikroskopischen Re-
sponspotentials eine VergroBlerung des Wirkungsquerschnittes fiir Einfacheinfang bei klei-
nen Einschussenergien im Vergleich zur no-response Rechnung (Abb. 6.8). Gleichzeitig
fithrt dies dazu, dass unterhalb Ep =~ 10 keV/amu die experimentellen Daten tiberschétzt
werden und das Maximum des Wirkungsquerschnittes zu kleinen Energien hin verscho-
ben wird. Die TDHF-Rechnungen von Stich et al. [21,23] (Entwicklung nach Hylleraas-
Funktionen) und Schaudt et al. [196] (Losung mit Hilfe der finiten Differenzenmethode)
zeigen ein #dhnliches Verhalten. Da die korrellierten Ansétze von Gramlich et al. [197]
(Entwicklung nach Pseudozustinden aus GTO’s') und Kimura [198] (MO-Entwicklung)
eine wesentlich bessere Beschreibung des Experiments liefern, miissen fiir die Differenzen
zur BGM-Rechnung mit Respons wieder Korrelationseffekte verantwortlich gemacht wer-
den. Auch die IPM-Rechnungen von Jain et al. [199] und Shingal und Lin [200] geben den
experimentellen Verlauf des Wirkungsquerschnittes fiir Einfacheinfang sehr gut wieder.
Hier wurden jeweils insgesamt aus 19 bzw. 79 Zustdnden bestehende zweizentrige AO-
Entwicklungen verwendet, die zur Beschreibung der Ionisation mit Pseudozustédnden an
beiden Zentren ergéinzt worden sind. Da jedoch der Austausch durch ein effektives Poten-
tial modelliert wird und die verwendete Unterscheidung nach passivem und aktivem Elek-
tron kiinstlich ist, ist unklar, was die physikalische Ursache fiir die bessere Beschreibung
des Experiments darstellt. Ahnliches gilt fiir das OEDM?2-Modell von Harel et al. [201],
das das Experiment ebenfalls recht gut wiedergibt.

Der totale Wirkungsquerschnitt fiir Einfachionisation im Stoflsystem p — He wird
durch die BGM-Rechnung mit Respons iiber den gesamten Energiebereich hinweg na-
hezu perfekt beschrieben, wohingegen die no-response Nédherung fiir kleine Energien eine
leichte Uberschitzung ergibt (Abb. 6.9). Eine weitaus schlechtere Ubereinstimmung zeigt
die Rechnung von Chen und Msezane [204]. Hier wurde eine einzentrige Entwicklung aus
Pseudozusténden verwendet und das Heliumtarget durch ein effektives Potential model-
liert. Fiir grofe Einschussenergien ergibt diese Rechnung eine gute Ubereinstimmung mit
dem Experiment, ab Ep = 100 keV /amu zeigen sich die Schwichen der verwendeten Be-
schreibung. Wesentlich bessere Resultate liefern die bereits erwidhnten Rechnungen von
Winter [194,205] (Basis aus 51 Sturmschen Funktionen), Slim et al. [193] (zweizentri-
ge AO-Entwicklung aus Pseudozustédnden, 22 Zustdnden am Target und 29 Zustdnden
am Projektil) und Anton et al. [206] (kombinierter AO-MO-Ansatz), wobei letztere fiir

LGTO: Gaussian-type Orbitals
20EDM: One-electron diatomic molecular orbitals
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Abb. 6.9: p — He, He?™ — He: Totaler Wirkungsquerschnitt fiir Einfachionisation als
Funktion der Einschussenergie. Rechnung mit mikroskopischer Respons (3.28) im Ver-
gleich zur no-response N#herung und anderen Theorien: Chen und Msezane [204]; Win-
ter [194,205]; Slim et al. [193]; Anton et al. [206]; Krsti¢ et al. [207]; Diaz et al. [46];
Gramlich et al. [197]; Shingal und Lin [200]. Experiment: (3) [190, 191] (Unsicherheit
15 %); (o) [202]; (o) [203]; (A) [208] (Unsicherheit 8 %).
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Abb. 6.10: p — He, He** — He: Totaler Wirkungsquerschnitt fiir Zweifachionisation als
Funktion der Einschussenergie. Rechnung mit mikroskopischer Respons (3.28) im Ver-
gleich zur no-response Niaherung und anderen Theorien: Anton et al. [206]; Diaz et al. [46];
Shingal und Lin [200]. Experiment: (0) [190,191] (Unsicherheit 15 %); (o) [202]; (o) [203];
(A) [208] (Unsicherheit 8 %).

kleine Einschussenergien eine leichte Uberhohung liefert. In diesem Energiebereich repro-
duziert auch die nur fiir sehr langsame Stofle anwendbare, korrelierte MEHC-Rechnung
von Krsti¢ et al. [207] sehr gut das Experiment, wie auch im Bereich grofier Einschuss-
energien die CFCA-Rechnung von Diaz et al. [46], bei der dynamische Korrelationseffekte
explizit vernachléssigt werden.

Fiir Einfachionisation im Stofisystem He?* — He ergibt sich fiir die BGM-Rechnung
mit Respons eine geringe Verkleinerung des totalen Wirkungsquerschnittes fiir mittlere
Einschussenergien (Abb. 6.9). Hier werden die experimentellen Daten etwas iiberschétzt,
wihrend fiir kleine und grofie Energien eine sehr gute Ubereinstimmung erzielt wird.
Sowohl die korrelierte Rechnung von Gramlich et al. [197] (Entwicklung nach Pseudo-
zustdnden aus GTO’s) als auch der Modellpotential-Ansatz von Shingal und Lin [200]
zeigen eine bessere Ubereinstimmung. Wihrend der Vergleich mit Gramlich et al. [197]
auf das Fehlen von Korrelationseffekten in der BGM-Rechnung hinweist, ist die Ursache
fiir die Diskrepanz zur Modellpotential-Rechnung von Shingal und Lin [200] unklar.

In Abb. 6.10 sind die totalen Wirkungsquerschnitte fiir Zweifachionisation in den Sy-
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Abb. 6.11: p — He, He** — He: Totaler Wirkungsquerschnitt fiir Transferionisation als
Funktion der Einschussenergie. Rechnung mit mikroskopischer Respons (3.28) im Ver-

gleich zur no-response Niherung und anderen Theorien: Shingal und Lin [200]. Experi-
ment: (O) [190,191] (Unsicherheit 15 %); (o) [202]; (o) [203].

stemen p — He und He?t — He dargestellt. In beiden Fillen fiihrt die Verwendung des
mikroskopischen Responspotentials zu einer Verminderung des Querschnittes im Ver-
gleich zur no-response Naherung iiber den gesamten Energiebereich hinweg. Das Ma-
ximum beider Wirkungsquerschnitte wird dennoch im Vergleich zum Experiment erheb-
lich iiberschitzt. Eine wesentliche Ursache dafiir ist die Néherung (2.87), also die Dar-
stellung des Anfangs- und Endzustandes des Vielelektronenproblems als einzelne Slater-
Determinante und die damit unmittelbar verbundenen unphysikalischen Zusammenhénge
(2.91a-c). Fir Zweifachionisation im System p — He ergibt der kombinierte AO-MO-
Ansatz von Anton et al. [206] &hnliche Resultate wie die BGM-Rechnung mit Respons.
Lediglich fiir Fp ~ 50 keV /amu wird das Experiment besser wiedergegeben. Die Ursache
dafiir ist unklar, da nicht bekannt ist, wie in dieser Rechnung die Wahrscheinlichkeit fiir
Zweifachionisation extrahiert wurde. Der Vergleich mit der CFCA-Rechnung von Diaz
et al. [46] bei groBen Einschussenergien zeigt den Einfluss statischer Korrelationseffekte.
Fiir die restliche Diskrepanz zwischen dieser Rechnung und den experimentellen Daten
miissen folglich dynamische Korrelationseffekte verantwortlich gemacht werden. Ein sehr
dhnliches Bild zeigt sich beziiglich der CFCA-Rechnung [46] fiir den totalen Wirkungs-
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Abb. 6.12: He?t — He: Totaler Wirkungsquerschnitt fiir Zweifacheinfang als Funktion
der Einschussenergie. Rechnung mit mikroskopischer Respons (3.28) im Vergleich zur
no-response Niherung und anderen Theorien: Stich et al. [21,23]; Schaudt et al. [196];
Gramlich et al. [197]; Kimura [198]; Harel et al. [201]; Jain et al. [199]. Experiment:
(m) [189] (Unsicherheit 15 %); (O) [190,191] (Unsicherheit 15 %); (o) [209].

querschnitt fiir Zweifachionisation im System He?* — He. Die Modellpotential-Rechnung
von Shingal und Lin [200] reproduziert das Maximum des experimentellen Querschnittes
sehr gut, jedoch ist wiederum die genaue Ursache hierfiir unklar.

Die zum Prozess der Transferionisation gehorigen totalen Wirkungsquerschnitte wer-
den fiir beide Stofisysteme p — He und He?' — He in Form und Lage des Maximums
durch die BGM-Rechnung mit Respons sehr gut wiedergegeben (Abb. 6.11). Wahrend die
Ubereinstimmung fiir He** — He iiber den gesamten Energiebereich hinweg sehr gut ist,
iiberschétzt die BGM-Kurve das Experiment im gesamten Bereich. Die Modellpotential-
Rechnung von Shingal und Lin [200] liegt fiir das System He?*' — He sehr dhnlich zur
BGM-Rechnung in der no-response Niherung, fillt jedoch fiir Einschussenergien
Ep < 80 keV/amu zu steil ab. Die Ursachen fiir beide Sachverhalte, die Diskrepanz fiir
p — He und die gute Ubereinstimmung fiir He** — He, sind an dieser Stelle unklar, da
beide Auswertungen mit den Einschrinkungen der Néherung (2.87) behaftet sind.

Wie bereits zu Beginn dieses Abschnitts erwahnt, ist Zweifacheinfang lediglich fiir das
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Stofsystem He?™ — He moglich. Bei Betrachtung dieses Prozesses muss beachtet werden,
dass zweifacher Einfang in angeregte Zustdnde des Projektils durch Autoionisation zur
Transferionisation beitragen kann:

Autoionisation : X7t +He — XU 2+ 4LHet o XUVt gt 4o | (6.2)

Da jedoch der zugehorige Wirkungsquerschnitt fiir einen solchen zweifachen Einfang in
angeregte Projektilzustdnde sehr viel kleiner ist als der Wirkungsquerschnitt fiir Einfang
in den Grundzustand, soll die Autoionisation im Folgenden unberiicksichtigt bleiben.
Den entsprechenden totalen Wirkungsquerschnitt fiir Zweifacheinfang zeigt Abb. 6.12.
Im Vergleich zur no-response Nédherung fiihrt das mikroskopische Responspotential zu
einer erheblichen Vergroflerung des Wirkungsquerschnittes im Bereich kleiner Einschuss-
energien. Die BGM-Kurve liegt dann sehr dhnlich zu den Resultaten der beiden TDHF-
Rechnungen von Stich et al. [21,23] (Entwicklung nach Hylleraas-Funktionen) und Schaudt
et al. [196] (Losung mit Hilfe der finiten Differenzenmethode). Gleiches gilt fiir die korre-
lierten Ansétze von Gramlich et al. [197] (Entwicklung nach Pseudozustédnden aus GTO’s)
und Kimura [198] (MO-Entwicklung), sowie das OEDM-Modell von Harel et al. [201].
Die IPM-Rechnung von Jain et al. [199] (aus 19 Zustdnden bestehende zweizentrige AO-
Entwicklung mit Pseudoorbitalen) zeigt ab Ep =~ 80 keV/amu einen etwas zu flachen
Verlauf. Da der zweifache Einfang fiir das homonukleare Stofisystem He?™ — He im adia-
batischen Limes ein resonanter Prozess ist, ist fiir jede Einteilchenrechnung bei kleinen
StoBenergien mit einer Abnahme des Wirkungsquerschnittes zu rechnen, wie es fiir die
BGM-Rechnung bei Ep &~ 5 keV/amu sichtbar wird. Lediglich explizite Zweiteilchenbe-
schreibungen bzw. Beschreibungen, bei denen der volle Vielteilchencharakter der Wellen-
funktion erfasst wird, konnen das experimentell beobachtete ansteigende Verhalten repro-
duzieren. Im Sinne der DFT ist hierzu ein zeitabhingiges Korrelationsfunktional sowie
der funktionale Zusammenhang fiir die Auswertung der Zweifacheinfangwahrscheinlich-
keit, d.h. eine Aufgabe der Ndherung (2.87), notwendig.

6.2.4 Betrachtung verschiedener Multinomialauswertungen
in p — He Stoflen

Neben den unphysikalischen Zusammenhéngen (2.91a-c) besteht ein Problem bei der
Auswertung von Vielteilchen-Ubergangswahrscheinlichkeiten im IPM durch die Nihe-
rung (2.87) im Auftreten von unphysikalischen Wahrscheinlichkeiten fiir Vielfacheinfang
beispielsweise fiir Stofle mit Protonen. Dies ist unvermeidlich, wird dadurch doch die
Erhaltung der Gesamtwahrscheinlichkeit gewéhrleistet. Um solche Wahrscheinlichkeiten
fiir Vielfacheinfang zu unterdriicken, kann man z.B., wie in [210] angewendet, eine neue
Wahrscheinlichkeit fiir Einfacheinfang definieren

ﬁlpzl—(l—pp)N s (63)

durch die Vielfacheinfang vermieden wird. Allerdings ist fraglich, ob P,p wirklich als
Wahrscheinlichkeit fiir Einfacheinfang interpretiert werden kann, steht der Ausdruck (6.3)
doch eigentlich fiir das Komplement einer Wahrscheinlichkeit, das Elektron nicht N-
mal einzufangen. Hier soll deshalb die in [211] vorgeschlagene Alternative angewendet
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Abb. 6.13: p — He: Totaler Wirkungsquerschnitt fiir Einfacheinfang als Funktion der
Einschussenergie. Rechnung mit mikroskopischer Respons (3.28), Vergleich der Multino-
mialauswertungen (6.4) und (6.7). Untere durchgezogene Kurve: unphysikalischer Zwei-
facheinfang bei Verwendung der Multinomialauswertung (6.4). Experiment: (e) [202];

(o) [203].

werden. Um aus den Einteilchen-Ubergangswahrscheinlichkeiten Vielteilchen-Ubergangs-
wahrscheinlichkeiten P, ,, fiir den Einfang von m Elektronen und die gleichzeitige Ioni-
sation von n Elektronen bei insgesamt N dquivalenten Elektronen zu berechnen, kénnen
die Gleichungen (2.88a-¢) in der allgemeineren Form

NI

m!n! (N —m —n)

Pm,n - | Pg p? pjj\“[imin (64)

zusammengefasst werden. Definiert man M als die Zahl der Elektronen, die zur Neutra-
lisation des Projektils notwendig sind (fiir Protonen M = 1) und betrachtet pp = Npp
als die durchschnittliche Anzahl eingefangener Elektronen, so kann die Wahrscheinlich-
keit m (und hochstens M) Elektronen einzufangen mit Hilfe der neuen Einteilchen-
Wahrscheinlichkeit pp/M als

P e () (%) (65

geschrieben werden. Multipliziert mit der Wahrscheinlichkeit, n von N Elektronen zu
ionisieren
N!

Py = ==} (1= ps

n! (N —n) AR (6:6)
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Abb. 6.14: p — He: Totale Wirkungsquerschnitte fiir Einfachionisation (obere Kurven)
und Zweifachionisation (untere Kurven) als Funktionen der Einschussenergie. Rechnung
mit mikroskopischer Respons (3.28), Vergleich der Multinomialauswertungen (6.4) und
(6.7). Experiment: (o) [202]; (o) [203].

bleibt dann als modifizierte Wahrscheinlichkeit f’m,n fiir den Einfang von m Elektronen
und die gleichzeitige Ionisation von n Elektronen

Pnn=P,P, . (6.7)

Offensichtlich ist dies nur sinnvoll fiir M < N bzw. solange % < 1 ist. In dieser mo-
difizierten Konstruktion zur Berechnung von Vielteilchen-Ubergangswahrscheinlichkeiten
wird der unphysikalische Anteil der Wahrscheinlichkeiten fiir vielfachen Einfang in die an-
deren Kanile umverteilt. Sie soll im Folgenden fiir die BGM-Rechnungen mit mikroskopi-
scher Respons fiir das Stofisystem p — He betrachtet und der urspriinglichen Auswertung
gegeniibergestellt werden.

Die Abb. 6.13 zeigt den totalen Wirkungsquerschnitt fiir Einfacheinfang. Zusétzlich ist
der in der Auswertung (6.4) auftretende unphysikalische Wirkungsquerschnitt fiir Zwei-
facheinfang eingezeichnet. Die Formation eines H ~-lons ist als spezieller Prozess zu be-
trachten, der hier nicht ndher untersucht werden soll und vernachlassigt werden kann.
Man erkennt, dass bei Verwendung der modifizierten Multinomialauswertung (6.7) der
Einfacheinfang im Maximum leicht erhoht wird und etwas ndher an die experimentellen
Werte heranriickt. Die totalen Wirkungsquerschnitte fiir Einfach- und Zweifachionisation
sind in Abb. 6.14 dargestellt. Beide werden ebenfalls bei Verwendung der Auswertung
(6.7) gegeniiber dem Verfahren (6.4) nur leicht verdndert. Am stérksten ist der Einfluss
der modifzierten Multinomialauswertung fiir die Transferionisation (Abb. 6.15). Hier wird
der Querschnitt iiber den gesamten Energiebereich hinweg vergrofiert und entfernt sich
weiter vom Experiment. Es zeigt sich, dass die grundlegenden Schwéichen der Auswer-



6.3 Vergleich der Stoflsysteme Li3" — He und p — Li™ 85

0.5 C T T
- — Auswertung (6.4)
r === Auswertung (6.7)
0.1 E ,,’ _____ "N\\ E
oo 0.01 E / A 3
= z
(] K 4
< r ]
=
—, 0.001 :LD —
b E ]
0.0001 E
0.00001 S L
10 100 1000

Ep [keV /amu]

Abb. 6.15: p — He: Totaler Wirkungsquerschnitt fiir Transferionisation als Funktion der
Einschussenergie. Rechnung mit mikroskopischer Respons (3.28), Vergleich der Multino-
mialauswertungen (6.4) und (6.7). Experiment: (o) [202]; (o) [203].

tung der Vielteilchen-Ubergangswahrscheinlichkeiten im IPM auch durch die modifizierte
Multinomialauswertung (6.7) nicht behoben werden kénnen. Es kommt lediglich zu einer
Umverteilung und damit zu einer Beseitigung der Wahrscheinlichkeiten fiir unphysikali-
schen Vielfacheinfang.

6.3 Vergleich der Stof3systeme Li*" — He und p — Li"

Werden Projektil- oder Targetladung verédndert, so verschiebt sich die energetische Lage
des Eingangskanals des aktiven Elektrons relativ zu den moglichen Einfangkanélen des
Projektils, wie bei Betrachtung der dynamischen Korrelationsdiagramme in den Abb. 6.3
und Abb. 6.4 plausibel wird. Als Beispiele sollen in diesem Abschnitt die beiden Stof-
systeme Li** — He und p — Li* in der no-response Niherung und mit mikroskopischem
Responspotential betrachtet werden. Alle gezeigten Querschnitte haben gemeinsam, dass
Responseffekte bei mittleren und kleinen Einschussenergien auftreten, wahrend fiir grofle
StoBenergien no-response Rechnungen und die Rechnung mit Respons iibereinstimmen.

Wird im Vergleich zum System He?™ — He ein Li**-Ion als Projektil verwendet, so ist
im atomaren Limes der Grundzustandskanal des Heliumatoms (e, = —0,918 a.u.) ener-
getisch nahezu resonant zur L-Schale des Projektils (eps2+nm=2) = —1,125 a.u.). Folglich
ist hier dominant Ladungstransfer in diese Schale zu erwarten.

Den entsprechenden totalen Wirkungsquerschnitt fiir Einfacheinfang zeigt Abb. 6.16.
Eine Beriicksichtigung der mikroskopischen Respons fiihrt bei kleinen Einschussener-
gien zu einer Verminderung des Querschnitts im Vergleich zur no-response Néherung,
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Abb. 6.16: Li** — He: Totaler Wirkungsquerschnitt fiir Einfacheinfang als Funktion der
Einschussenergie. Theorie: (A) Stich et al. [23]; Shingal und Lin [200]. Experiment: (e)
[202]; (o) [212]; (D) [213].
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Abb. 6.17: Li3* — He: Totaler Wirkungsquerschnitt fiir Einfachionisation als Funktion
der Einschussenergie. Theorie: Shingal und Lin [200]. Experiment: (o) [202]; (A) [208]
(Unsicherheit 8 %); (o) [212].
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Abb. 6.18: Li** — He: Totaler Wirkungsquerschnitt fiir Zweifacheinfang als Funktion
der Einschussenergie. Theorie: (A) Stich et al. [23]; Shingal und Lin [200]. Experiment:

(o) [202].
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Abb. 6.19: Li** — He: Totaler Wirkungsquerschnitt fiir Zweifachionisation als Funktion
der Einschussenergie. Theorie: Shingal und Lin [200]; (#) Diaz et al. [47]. Experiment:
(o) [202]; (A) [208] (Unsicherheit 8 %); (o) [212].
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Abb. 6.20: Li*t — He: Totaler Wirkungsquerschnitt fiir Transferionisation als Funktion
der Einschussenergie. Theorie: Shingal und Lin [200]. Experiment: (o) [202]; (o) [212].

jedoch hat dies zur Konsequenz, dass dann die experimentellen Daten in diesem Be-
reich stark unterschéitzt werden. Fiir schnelle Stofle reproduziert die BGM-Rechnung
das Experiment sehr gut. Die TDHF-Rechnung von Stich et al. [23] (Entwicklung nach
Hylleraas-Funktionen) liegt hier nahezu perfekt auf den experimentellen Werten. Das
ist ein klarer Widerspruch zu den BGM-Resultaten mit Respons. Eine mdgliche Er-
klarung besteht in der numerisch duferst anspruchsvollen Aufgabe, durch das nichtortho-
gonale BGM-Konstruktionsschema, Projektilzustdnde darzustellen (siehe auch Diskussion
in [62,155,186]). Unter Umsténden ist es notwendig, zur genaueren Uberpriifung der Kon-
vergenz der BGM-Basis beziiglich der Darstellung der L-Schale des Projektils, die Grofie
der generierenden Basis von N = 20 auf N = 35 zu erhohen. Aufgrund der erheblichen
Zunahme der Zahl der Matrixelemente fiir diesen Fall und der damit unmittelbar verbun-
denen Steigerung der Rechenzeit, konnte dies hier nicht geschehen. Der Vergleich mit der
Modellpotential-Rechnung von Shingal und Lin [200] fallt unsystematisch aus, da unklar
ist, inwieweit die gemachten Voraussetzungen und Modellannahmen giiltig sind. Dariiber
hinaus fillt diese Rechnung fiir grofle Einschussenergien etwas zu steil ab.

Ein #hnliches Bild ergibt sich fiir den in Abb. 6.17 gezeigten totalen Wirkungsquer-
schnitt fiir Einfachionisation, nur wird hier, als direkte Folge der Unterschéitzung des
Wirkungsquerschnittes fiir Einfacheinfang durch die BGM-Rechnung, der Querschnitt fiir
kleine Energien iiberschétzt. Fiir groe Einschussenergien werden die experimentellen Da-
ten sehr gut wiedergegeben.

Analog zum StoBsystem He*" — He fiillt der Vergleich mit dem Experiment fiir die
Wirkungsquerschnitte fiir Zweifacheinfang (Abb. 6.18), Zweifachionisation (Abb. 6.19)
und Transferionisation (Abb. 6.20) aus. Wahrend experimenteller Zweifacheinfang und
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-ionisation auch von der BGM-Rechnung mit Respons erheblich iiberschétzt werden, fin-
det man fiir die Transferionisation eine sehr gute Ubereinstimmung. Der Vergleich mit dem
Modellpotential-Ansatz von Shingal und Lin [200] ist fiir alle drei Querschnitte unsystema-
tisch. Die TDHF-Rechnung von Stich et al. [23] (Entwicklung nach Hylleraas-Funktionen)
ergibt fiir den Zweifacheinfang einen stark iiberhhten Wirkungsquerschnitt, wihrend das
Experiment einen wesentlich flacheren Verlauf andeutet. Fiir die Zweifachionisation wird
fiir groBe Einschussenergien im Vergleich zum Experiment und zur CFCA-Rechnung von
Diaz et al. [47] der Einfluss dynamischer und statischer Korrelationseffekte deutlich.

Zusammenfassend muss fiir das StoBsystem Li*t — He gesagt werden, dass eine Uber-
priifung der Konvergenz der verwendeten BGM-Basis notwendig ist, um die berechneten
Wirkungsquerschnitte zu bestétigen. Dariiber hinaus wiren experimentelle Messungen im
Bereich kleiner Stoflenergien fiir Zweifacheinfang und Transferionisation sehr hilfreich, um
den weiteren Verlauf der bereits vorhandenen Wirkungsquerschnitte fortzufithren und den
Vergleich mit den theoretischen Rechnungen zu erméglichen.

Wird im Vergleich zum System p — He ein Li*-Ion als Target verwendet, so kommt
es bei Betrachtung des atomaren Limes zu einer vergroflerten energetischen Separation
der Grundzustandskanile von Projektil (eg = —0,5 a.u.) und Target (eg. = —0,918 a.u.,
e+ = —2,792 a.u.) (sieche auch Tab. 5.1). Hier ist also genau wie fiir p — He Sto8e
dominant mit Ladungstransfer in den Grundzustand zu rechnen. Ganz analog wie im
System p — He wird bei Beriicksichtigung des mikroskopischen Responspotentials eine
Schwichung der zugehorigen energetischen Kopplung durch die verdnderten Abschir-
mungsverhéltnisse erwartet.

Die totalen Wirkungsquerschnitte fiir Einfachverlust, -einfang und -ionisation berech-
net in der no-response Naherung und mit mikroskopischem Responspotential, sowie den
Vergleich mit den verfiigbaren experimentellen Daten und anderen theoretischen Ansétzen
zeigt Abb. 6.21. Aufgrund der groBleren Targetladung und der damit verbundenen stérke-
ren Bindung der Elektronen sind im Vergleich zu den entsprechenden Querschnitten im
System p — He die totalen Wirkungsquerschnitte fiir p — Li™ Stoe kleiner und ihre Ma-
xima zu groferen Einschussenergien hin verschoben. In der POHCE?-Rechnung von Ford
et al. [214] wird eine Basis, bestehend aus 29 am Target zentrierten Funktionen, in der
einige Pseudozusténde zur Beschreibung des Kontinuums enthalten sind, und einem Pro-
jektilorbital zur Beschreibung des Einfangs verwendet. Der Ansatz von Kuang [215] stellt
eine Zwei-Zustands-Rechnung dar, in der ein effektives Modellpotential benutzt wird. Io-
nisation kann folglich nicht beschrieben werden. Wie zu erwarten war, fiihrt das mikrosko-
pische Responspotential im Vergleich zur no-response Néherung zu einer Verminderung
aller drei Wirkungsquerschnitte. Fiir den Einfachverlust ergibt sich dabei eine sehr gute
Ubereinstimmung mit den experimentellen Daten. Auch die POHCE-Rechnung von Ford
et al. [214] verldauft nur leicht unterhalb der BGM-Ergebnisse. Der Einfacheinfang wird
hingegen im gesamten Verlauf schon von der no-response Rechnung unterschétzt. Durch
das mikroskopische Responspotential wird diese Diskrepanz noch leicht vergrofiert. Die
POHCE-Rechnung enspricht den BGM-Ergebnissen bei groflen Einschussenergien, liegt
im Maximum des Querschnitts jedoch etwas hoher. Der Ansatz von Kuang [215] repro-

3POHCE: Perturbative One-and-a-Half-Centre Expansion
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Abb. 6.21: p — Li*": Totale Wirkungsquerschnitte fiir Einfachverlust, Einfacheinfang und
Einfachionisation als Funktionen der Einschussenergie. Theorie: Ford et al. [214]; Kuang
[215]. Experiment: (e,0,M) [216].
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duziert den experimentellen Verlauf fiir Einfacheinfang sehr gut. Da mit dieser Rechnung
keine Tonisation beschrieben werden kann, ist fraglich, was die Ursache fiir die gute Uber-
einstimmung ist, da auch die POHCE-Ergebnisse deutlich niedriger liegen. Die qualitativ
beste Darstellung der Wellenfunktion sollte hier die BGM-Basis liefern, die aus wesentlich
mehr Zusténden aufgebaut ist. Der totale Wirkungsquerschnitt fiir Einfachionisation wird
von der BGM-Rechnung fiir kleine Energien iiberschétzt, fiir groflere Einschussenergien
jedoch sehr gut reproduziert. Die Kurve der POHCE-Methode verlauft etwas niedriger,
fillt zu kleinen Energien hin allerdings zu flach ab. Auch hier sollte die BGM-Basis eine
erheblich bessere Beschreibung des Kontinuums und damit des Ionisationsquerschnittes
ergeben. Da fiir dieses System der Einfang praktisch vollstéindig in den Grundzustand
des Projektils erfolgt, kann von einer konvergenten Darstellung dieses Kanals durch die
BGM-Basis ausgegangen werden. Zukiinftige Experimente zu kleineren Einschussenergien
hin kénnten sehr hilfreich sein, um die bestehenden Diskrepanzen aufzukléren.

6.4 Zusammenfassung der wichtigsten Ergebnisse

In diesem Kapitel wurden mikroskopische Responseffekte in den Stofisystemen p — He,
He?* — He, Li3* — He und p — Li™ mit Hilfe zeitabhéngiger Dichtefunktionaltheorie im
Rahmen einer effektiven Einteilchenbeschreibung untersucht. Im Vergleich zu den verfiig-
baren experimentellen Daten und mit anderen theoretischen Rechnungen konnten folgende
Aussagen gewonnen werden:

e Dynamische Korrelationsdiagramme:

Die Auswirkungen mikroskopischer Responseffekte konnen mit Hilfe dynamischer
Korrelationsdiagramme in qualitativer Weise beurteilt werden. Dazu werden im
Zeitverlauf die Eigenwerte des Hamilton-Operators betrachtet, in dem alle auftre-
tenden zeitabhéngigen Potentiale, also Projektil- und Responspotential, enthalten
sind. Es kann durch die verédnderten Abschirmungsverhéltnisse infolge der Respons
der elektronischen Dichte sowohl zu einer Stérkung als auch zu einer Schwéchung
bestimmter molekularer Kopplungen kommen.

e Vergleich des globalen Responsmodells und der mikroskopischen Respons am Bei-
spiel von Nettowirkungsquerschnitten:
Es stellt sich heraus, dass die Auswirkungen der globalen Responsmodellierung fiir
ein Stofisystem mit nur zwei Elektronen sehr gering sind, verglichen zum mikro-
skopischen Responspotential jedoch in die gleiche Richtung weisen. Ursache fiir die
geringen Verdnderungen im Vergleich zur no-response Naherung ist die Konstrukti-
on dieses Modells, erst ab zweifachem Elektronenverlust wirksam zu werden und die
Vernachlédssigung von Polarisationseffekten. Im Gegensatz dazu hat die mikroskopi-
sche Respons teilweise erheblichen Einfluss. Wahrend der Wirkungsquerschnitt fiir
Einfang im System p — He kleiner wird, vergréBert er sich im System He?* — He bei
kleinen Einschussenergien. Die Erklarung hierfiir liefern die dynamischen Korrelati-
onsdiagramme. Die lonisation nimmt in beiden Systemen infolge der geringer wer-
denden Abschirmung des Targets und der damit starkeren Bindung der Elektronen
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ab. Verbleibende Diskrepanzen zu experimentellen Daten miissen Korrelationseffek-
ten zugeordnet werden.

Zweiteilchen-Wirkungsquerschnitte der Stofisysteme p — He und He?* — He:
Wihrend Einfacheinfang und Einfachionisation in beiden Stofisystemen recht gut
wiedergegeben werden, macht sich vor allem bei der Auswertung der Zweifachioni-
sation aber auch des Zweifacheinfangs und der Transferionisation die Ndherung der
Wellenfunktion als eine Slater-Determinante bemerkbar. Der Vergleich mit dlteren
TDHEF-Rechnungen fallt zufriedenstellend aus, der Einfluss von Korrelationseffekten
wird im Vergleich zu anderen korrelierten Ansétzen sichtbar.

Alternative Form der Multinomialauswertung fiir p — He:

Der in der iiblichen Multinomialauswertung auftretende unphysikalische Zweifachein-
fang fiir das Stofisystem p — He kann durch eine Modifikation dieser Auswertung
beseitigt werden. Dadurch kommt es zu einer Umverteilung dieses unphysikalischen
Anteils des Einfangs in die anderen moglichen Reaktionskanédle. Wéahrend sich die
Ubereinstimmung mit den experimentellen Daten fiir den Einfacheinfang leicht ver-
bessert, verschlechtert sich die Transferionisation im Vergleich zum Experiment.

Betrachtung der Stofisysteme Li** — He und p — Li*:

Mikroskopische Responseffekte fiihren fiir beide Systeme zu einer Verkleinerung der
Wirkungsquerschnitte bei kleinen Einschussenergien. Wird ein Li®*-Ion als Projektil
verwendet, so dominiert Einfang in die L.-Schale des Projektils den Ladungstransfer
im System Li** — He. Der Vergleich mit den zur Verfiigung stehenden experimentel-
len Daten ist unsystematisch, wofiir moglicherweise eine unzureichende Darstellung
der Projektilzustinde durch die BGM-Basis verantwortlich ist. Eine Vergroflerung
der generierenden BGM-Basis ist zur genaueren Untersuchung notwendig. Fiir das
System p — Lit gilt Ahnliches, jedoch zeigt hier der Vergleich mit anderen Theori-
en, dass weitere Experimente erforderlich sind, um die bestehenden Diskrepanzen
aufzukldren. Fiir dieses System ist nicht von einer zu geringen BGM-Basisgrofie
auszugehen.



Kapitel 7

Zusammenfassung und Ausblick

In der vorliegenden Arbeit werden Responseffekte in interatomaren Stéfen mit zwei akti-
ven Elektronen im Bereich nichtrelativistischer Stoflenergien untersucht. Ausgangspunkt
ist die Abbildung des zeitabhéngigen wechselwirkenden Vielelektronensystems auf ein
effektives Einteilchenbild auf der Grundlage der zeitabhéngigen Dichtefunktionaltheorie
(TDDFT). Hierbei werden alle interelektronischen Wechselwirkungseffekte durch ein mul-
tiplikatives effektives Potential beriicksichtigt, das ebenso wie alle relevanten Observablen
prinzipiell eindeutig aus der Einteilchendichte bestimmt werden kann. Da die exakten
funktionalen Zusammenhénge fiir das effektive Potential und die meisten Observablen
nicht bekannt sind, werden N&herungen unumgénglich. Fiir die betrachteten Stoflsyste-
me werden verschiedene Modellierungen fiir das effektive zeitabhéingige Responspotential
verwendet. Als Responspotential bezeichnet man die Verdnderung des effektiven inter-
elektronischen Potentials gegeniiber dem Grundzustandspotential der effektiven Elekron-
Elektron-Wechselwirkung im ungestorten Targetatom durch die Anwesenheit des Projek-
tils. Korrelationseffekte werden in dieser Arbeit génzlich vernachléssigt. Mit Hilfe der Ba-
sis Generator Methode (BGM) werden die im Rahmen des TDDFT-Konzepts entstehen-
den Einteilchengleichungen in einem endlichdimensionalen Modellraum gelést. Da durch
dieses Losungsschema eine dynamische Anpassung des endlichen Darstellungsraumes an
die Zeitentwicklung der Einteilchenprobleme erreicht wird, kann die Ankopplung dieses
Modellraumes an sein unendlichdimensionales Komplement im Hilbert-Raum minimiert
werden. Eine Vernachlédssigung dieser Kopplung ist somit bei ausreichender Basisgrofie
gerechtfertigt. Der durch die einfache Konstruktionsvorschrift der BGM aufgespannte op-
timierte Modellraum sollte in guter Ndherung die gesamte Losung des Streuproblems
enthalten, die dann nach den Streukanélen Anregung, Einfang und Ionisation analysiert
wird.

Besonders im Bereich kleiner Einschussenergien, d.h. fiir Projektilgeschwindigkeiten,
die kleiner sind als die Orbitalgeschwindigkeiten der aktiven Elektronen, miissen Respons-
effekte wahrend des Stofles in die theoretische Beschreibung einbezogen werden. Diese
werden in der vorliegenden Arbeit exakt behandelt und die Ergebnisse mit den beste-
henden globalen und adiabatischen Modellierungen verglichen. Hierdurch und durch die
Gegentiberstellung anderer theoretischer Ansétze sowie den Vergleich mit den verfiigbaren
experimentellen Daten, werden Riickschliisse auf verschiedene Aspekte der interelektroni-
schen Wechselwirkung fiir inelastische Streuquerschnitte moglich.
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Im Spezialfall eines Zweiteilchen-Systems mit einer Spin-Singulett-Anfangsbedingung
und bei Vernachlédssigung von Korrelation erfiillt das zeitabhéingige effektive Potential
eine Poisson-Gleichung. Diese wird begleitend zu den Einteilchengleichungen in jedem
Zeitschritt der Propagation der Wellenfunktion gelost. Dazu wird ein geeigneter Satz von
Basisfunktionen verwendet, der es erlaubt, Polarisationseffekte zu beschreiben.

Durch die Verwendung eines zeitabhédngigen Responspotentials unterscheidet sich der
Hamilton-Operator vor dem Stofl vom Hamilton-Operator des Systems nach dem Stof.
Das hat zur Folge, dass keine zeitlich stabilen Ubergangswahrscheinlichkeiten beziiglich
der Zustande des ungestorten Targetatoms berechnet werden konnen (siehe Erlduterungen
in Abschnitt 3.2). Es zeigt sich jedoch, dass die angesprochenen Fluktuationen minimiert
werden, wenn man die Eigenfunktionen des Hamilton-Operators zur Analyse verwendet,
der alle zeitabhingigen Potentiale, d.h. also Projektil- und Responspotential, beinhal-
tet. Dariiber hinaus bieten diese Funktionen die Moglichkeit, 'dynamische Korrelations-
diagramme’ zu berechnen, mit deren Hilfe man Aussagen iiber die Auswirkungen des
Responspotentials und mogliche Reaktionsmechanismen machen kann. Das zugehorige
Responspotential erlaubt Riickschliisse auf die Verédnderung der Abschirmungs- und Po-
larisationsverhéltnisse im Laufe des Stofles.

Bei der Untersuchung von lonisationsquerschnitten im Stofsystem p — He zeigt sich,
dass durch adiabatische und noch stérker durch mikroskopische Responseffekte eine er-
hebliche Verminderung der Querschnitte im Vergleich zum no-response Fall erreicht wird.
Der Verlust von Elektronen im Laufe des Stofles fiihrt fiir das Target zu einer schwéche-
ren Abschirmung und damit zu einer stirkeren Bindung der verbleibenden Elektronen.
Es wird folglich immer schwerer, elektronische Dichte vom Target zu entfernen, was sich
in der Verminderung des lonisationsquerschnittes wiederspiegelt. Da korrelierte Rech-
nungen sehr dhnliche Resultate liefern, ist davon auszugehen, dass fiir diesen Prozess
Korrelationseffekte eine untergeordnete Rolle spielen. Es stellt sich heraus, dass der Ioni-
sationsmechanismus als eine Art ’Targetkern-FEklipse’ aufgefasst werden kann. Auch fiir
das System p — Li" findet man trotz der stirkeren Targetladung einen deutlichen Einfluss
von Responseffekten auf den Ionisationswirkungsquerschnitt.

Ganz analog verhalten sich die Ionisationsquerschnitte fiir die Stosysteme p — He,
He?t — He, Li** — He und p — Li*. Bei Beriicksichtigung eines zeitabhingigen Respons-
potentials wird die Ionisation fiir jedes der Systeme im Vergleich zur no-response Rechnung
verkleinert. Das globale Responsmodell ist dabei aufgrund seiner speziellen Konstruktion
fast wirkungslos, wiahrend das mikroskopische Responspotential deutliche Auswirkungen
zeigt. Ein anderes Bild ergibt sich fiir die Einfangwirkungsquerschnitte in Stofen mit
positiv geladenen Projektilen. Hier kommt es einerseits fiir das System p — He zu einer
Verminderung des FEinfangs bei kleinen Einschussenergien und andererseits fiir das Sy-
stem He*™ — He zu einer Vergroferung des Einfangs verglichen zum no-response Fall. Die
Erklarungen dafiir liefern die verdnderten molekularen Kopplungen in den dynamischen
Korrelationsdiagrammen durch die modifizierten Abschirmungsverhéltnisse aufgrund der
Respons der elektronischen Dichte. Wahrend der Vergleich mit den experimentellen Daten
fiir Einfachionisation und Einfacheinfang fiir beide Stoflsysteme durchgehend zufrieden-
stellend ist, verhalten sich die Wirkungsquerschnitte fiir Zweifacheinfang, Zweifachioni-
sation und Transferionisation unsystematisch. Ein Grund hierfiir ist, dass ein explizites
Dichtefunktional nur fiir Nettowahrscheinlichkeiten formuliert werden kann und man zur
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Auswertung der Zweiteilchen-Ubergéinge auf die Niherung der Wellenfunktion als eine
Slater-Determinante angewiesen ist.

Bei Betrachtung des Stofsystems Li*T — He zeigt sich, dass Ladungstransfer dominant
in die L-Schale des Projektils erfolgt. Die Darstellung der Projektilzusténde dieser Schale
ist eine sehr anspruchsvolle Aufgabe fiir das BGM-Schema, der Vergleich zum Experiment
fallt unsystematisch aus. Die Diskrepanzen der berechneten totalen Wirkungsquerschnit-
te zu den experimentellen Daten miissen vermutlich auf eine zu geringe BGM-Basisgrofie
zuriickgefithrt werden. Fiir das System p — Lit wiren weitere Experimente sehr hilf-
reich, um bestehende Differenzen zu kléren. In diesem Fall erfolgt der Einfang praktisch
vollstdndig in den Grundzustand des Projektils, der von der verwendeten BGM-Basis sehr
gut dargestellt wird.

Zusammenfassend ergibt sich aus den Untersuchungen dieser Arbeit, dass mikroskopi-
sche Responseffekte bei kleinen Einschussenergien erheblichen Einfluss auf die méglichen
inelastischen Prozesse haben. Die vorgestellte Modellierung erlaubt eine detaillierte Be-
trachtung im Rahmen der Genauigkeit der BGM-Methode.

Die verwendete theoretische Beschreibung kann an mehreren Stellen erweitert und
ausgebaut werden. Dies betrifft einerseits eine Modifikation der BGM-Basis, andererseits
eine Erweiterung des Modells auf mehr als zwei aktive Elektronen und die Einbeziehung
von Korrelation. Jeder dieser drei Punkte soll im Folgenden kurz erldutert werden:

e Erweiterung der BGM-Basis:

Bei der Untersuchung des Stofisystems Li*™ — He hat sich gezeigt, dass zur Dar-
stellung angeregter Projektilzustdnde unter Umstédnden eine erheblich groflere ge-
nerierende BGM-Basis im Konstruktionsschema (2.74) notwendig ist (Index V' in
der Entwicklung (2.78)), als in dieser Arbeit verwendet wurde. Es ist wenig erfolg-
versprechend, die Hierarchieordnung der BGM-Basis (2.74) zu erhohen (Index M in
der Entwicklung (2.78)), da mit der zunehmenden Nichtorthogonalitiat der erzeug-
ten Funktionen erhebliche numerische Schwierigkeiten verbunden sind. Um diese
Problematik zu vermeiden, konnen explizit bewegte Projektilzustdnde in die BGM-
Basis aufgenommen werden. Zur Berechnung der zugehorigen Ubergangswahrschein-
lichkeiten fiir Einfang ist dann die im Anhang A.4 beschriebene Projektion der
Wellenfunktion nicht mehr erforderlich. Gleichzeitig kann eine niedrigere Hierar-
chieordnung M zum Aufbau der BGM-Basis verwendet werden, da die relevanten
Projektilzustédnde dann explizit in der Basis enthalten sind und keine hohen Poten-
zen von Wp mehr zu deren Beschreibung bendtigt werden. Dariiber hinaus wird die
Behandlung aktiver Elektronen am Projektil wihrend des Stofles moglich.

Jedoch ist diese Erweiterung der BGM-Basis mit einer erheblichen Steigerung des
numerischen Aufwandes verbunden, da die bendttigten Matrixelemente nicht mehr
in Form universeller Grundmatrixelemente - wie im Anhang A.2 erldutert - abge-
speichert werden kénnen, sondern in jedem Zeitschritt der Kollision neu berechnet
werden miissen. Die Ergidnzung des BGM-Schemas (2.74) um gebundene Projektil-
zustande befindet sich gegenwirtig in der Entwicklung.
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e Ausdehnung der Methode auf Systeme mit mehr als zwei aktiven Elek-

tronen:

Sollen mikroskopische Responseffekte auch fiir Systeme mit mehr als zwei aktiven
Elektronen beriicksichtigt werden, so tritt an die Stelle der in dieser Arbeit be-
trachteten Poisson-Gleichung (3.21), die in dieser Form nur fiir ein Zweiteilchen-
System mit einer Spin-Singulett-Anfangsbedingung giiltig ist, die zeitabhéngige
OPM-Gleichung [217]. In adiabatischer Ndherung entspricht sie der Integralglei-
chung (2.26), wobei n(r) durch die zeitabhéngige Dichte n(r,t) zu ersetzen ist.
Diese ist strukturell erheblich komplizierter als die Poisson-Gleichung, kann aber
dennoch in der Darstellung (3.25) bzw. (3.28) gelost werden, die sich als geeignet
fiir die Entwicklung des effektiven interelektronischen Potentials erwiesen hat, wie
in dieser Arbeit gezeigt wird.

Betrachtung der Korrelation:

Um einen genaueren Eindruck iiber die Tragweite und den Einfluss verschiedener
Aspekte der Korrelation in den betrachteten Stoflsystemen zu bekommen, kann man
versuchen, in drei Stufen vorzugehen:

a) Fir den speziellen Fall des Heliumatoms bzw. heliuméhnlicher Ionen, kann
die stationédre Zweiteilchen-Schrodingergleichung numerisch sehr genau gelost
werden [218], so dass die exakte Zweiteilchen-Wellenfunktion ¥(x;, ,) bekannt
ist. Gemaf der Gleichung (2.82) gilt der Zusammenhang

V(1) = 2/d4x272(:p1,w2) , (7.1)

woraus mit (2.4) und (2.5) fiir die Einteilchendichte nach Integration iiber die
Koordinaten eines Elektrons

n(ry) = 2/d3r22 W (151, T959) | (7.2)

51,52

folgt. Da nach (3.20) fiir ein solches Zweiteilchen-System mit einer Spin-Singulett

Konfiguration -
ot = (") / (73)

gilt, kann man aus V(x;,x,) direkt die exakten KS-Orbitale berechnen. Ver-
wendet man diese an Stelle der x-only OPM-Orbitale als generierende BGM-
Basis, so sollten die Ergebnisse den Einfluss statischer Korrelationseffekte wie-
derspiegeln. Hierfiir ist jedoch aufgrund der geringen Differenz der Orbitale
ein nur sehr geringer Einfluss zu erwarten. Eine graphische Illustration der
Einteilchendichte von Helium findet man in [219].

b) Eine Moglichkeit, den Einfluss zeitabhdingiger Korrelationseffekte abzuschétzen,
besteht in der Beriicksichtigung eines approximierten stationdren Korrelati-
onspotentials in adiabatischer Néherung, wie es z.B. das Perdew-Wang-91-
Funktional (PW91) [220-222] darstellt. Da dieses Funktional jedoch auf der
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LDA (siehe Kapitel 2.1.4) aufbaut, ergibt es fiir v, nicht die korrekte —1/r-
Asymptotik, sondern einen exponentiellen Abfall. Es ist deshalb fraglich, ob
die Einbeziehung eines solchen Funktionals interpretierbare Ergebnisse liefern
kann, hat sich in dieser Arbeit doch gezeigt (Kapitel 5.2.1), dass die Ergeb-
nisse sehr sensitiv beziiglich der richtigen Asymptotik des effektiven interelek-
tronischen Potentials sind. Dariiber hinaus muss angemerkt werden, dass das
mit dem PW91-Funktional berechnete Korrelationspotential v, nicht nur die
falsche Asymptotik besitzt, sondern in einigen Bereichen auch das falsche Vor-
zeichen [218]. Diese Feststellungen fithren unmittelbar zum néchsten Punkt.

Um Korrelation exakt im Sinne der TDDFT beriicksichtigen zu konnen, ist
es notwendig, ein zeitabhéngiges Korrelationsfunktional zu konstruieren und
so iiber die x-only OPM hinauszugehen. Systematische Ansitze fiir den sta-
tiondren Fall sind vielversprechend, aber bei weitem zu kompliziert, um sie
praktikabel auf zeitabhéingige Probleme iibertragen zu kénnen [97-99].

Um die Ndherung der Wellenfunktion als eine Slater-Determinante (2.87) auf-
geben zu kénnen, miissen geeignete Auswertungsfunktionale fiir Vielelektronen-
Uberginge gefunden werden. Konkret heifit das, dass der analytische Zusam-
menhang (bzw. ein geeignetes Naherungsverfahren) zwischen der g-Teilchen-
dichte 47 und der Einteilchendichte n gefunden werden muss. Ansonsten ist
man auf Ndherungen angewiesen, im Rahmen derer der Vielteilchencharakter
der zu bestimmenden Wellenfunktion nicht vollsténdig erfasst wird.

Beides, sowohl die Konstruktion eines zeitabhédngigen Korrelationsfunktionals,
als auch die Suche nach geeigneten Auswertungsfunktionalen fiir Vielelektronen-
Ubergiinge sind fundamentale Probleme innerhalb des DFT-Konzepts, fiir die
zur Zeit keine Losungen greifbar sind.






Anhang A

Details zur praktischen Umsetzung
des BGM-Konzepts

A.1 Vororthogonalisierung der Basis

Die Teilrdume zu den Hierarchiestufen 4 = 0 und g > 1 der durch die Wechselwirkung
Wp bzw. Wy generierten Basen (2.74) bzw. (2.75) sollen zueinander orthogonalisiert wer-
den. Hierfiir verwendet man den Projektor P auf den durch V orthonormierte atomare
Funktionen aufgespannten Teilraum zur Ordnung p = 0

P=3 |od(e]. (A1)

Zu diesem Teilraum orthogonale Zusténde der Ordnung p > 1 ergeben sich iiber den
Ansatz

) = (1= P)(Wx)"e)) , X:PT . (A.2)

Nach dem Einsetzen der Definition (A.1) fiir P in (A.2) und Sortieren nach den auftre-
tenden Potenzen von Wy (X : P,T) erhélt man schliefllich

%8 = (Wx) [ed) = D (Wor)#|6%) , X PT (A-3)

v'=1

wobei die Matrixelemente beziiglich der atomaren Zustédnde mit
(Wor) = {0l (Wx)*|ed) , X : P.T (A.4)

abgekiirzt wurden. Im Anhang der Referenz [153] wurde gezeigt, dass eine allgemeine
Transformation der Basis zur orthogonalen Konstruktion aller Teilrdume mit Hilfe des

Polynomansatzes
o \%

) =D (W) > alihled) , X:PT (A.5)

w'=0 v'=1
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vorgenommen werden kann. Im Rahmen der hier angestrebten speziellen Orthogonalisie-

rung ergeben sich die nicht verschwindenden Koeffizienten a“ "z

pe
Apry = 5”'”

a’ofi = (Wv’v)u . (AG)

v'v

Da die Matrixelemente in Bezug auf Potenzen der Wechselwirkung Wy (X : P, T) reell
sind, sind auch die Koeffizienten a/," reell.

A.2 Berechnung der Matrixelemente

Im ersten Abschnitt soll die Berechnung der Matrixelemente in der BGM-Darstellung fiir
die 'no-response’ Nédherung erlautert werden. Der zweite Teil enthélt Details zur Berech-
nung von Matrixelementen in der BGM-Darstellung fiir ein mikroskopisches Responspo-
tential, wie es in den Abschnitten 3.4.1 und 3.4.2 hergeleitet worden ist.

A.2.1 Matrixelemente fiir die 'no-response’ Ndherung

Unter Verwendung des Polynomansatzes (2.77) fiir die Basisfunktionen lauten die in den
gekoppelten Kanalgleichungen (2.79) vorkommenden Matrixelemente

Saw = (Xalxt) = ZZ Z af a0 (W) N0y X P,T (A7)

=0u'=0 w' =1

MY = (RAR() — Bk = ZZ Z {auatit (bl (Wx) o (W) |49)

AT 5(0168) — (W) 0, 2))
— i G (o 9“/|(WX)X+M’|¢9,>} . X:PT . (A.8)

w'w v'v
Da die Eigenfunktionen |¢®) von hg zeitunabhiingig sind, kann man das in (A.8) auf-
tauchende innere Matrixelement mit dem Zeitableitungsoperator als Kern mit Hilfe der
Kettenregel in Zeitableitungen von Potentialmatrixelementen umschreiben

/

u’iN 0,0 (W)X |0y, X:PT . (A9)

w

(oo (Wi, (W) [0) =

Fiir das innere Matrixelement mit dem Operatorkern ho konnte im Anhang D der Referenz
[153] die Beziehung

(ol (W) ho(Wx ) ) =

/ /
0 () ¥
(i (W) 4oy

il

Ml+)\/ 0
1 T 4 / ’

+ PG NH (VW2 (W) 26l X P T

(Wx)™ H* hol %) (A.10)
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bewiesen werden. Unter Verwendung der Eigenwertgleichung (2.44) fiir die atomaren
Zusténde erhélt man

(o (W) ho(Wx )™ ) =

ILL/ )\/ ~ Ny
<u' T x&”) Pl (W o) (A-11)

]_ ~ ~ / /
+ SNH AV (W) 2l X PT

Die inneren Matrixelemente der Uberlapp- und Wechselwirkungsmatrix (A.7, A.8) lassen
sich auf diese Weise durch drei Typen von Grundmatrixelementen

Qo yaw = (W N0 X PT (A.12)
B = (@I Wx 50162 . X PT (A.13)
Yurt v = (ST 21) X PT (A.14)

ausdriicken. Dabei wird die Zeitableitung von c,, x4, fiir das Matrixelement (A.9) nu-
merisch durch eine Splines-Differentiation berechnet. Fiir den Fall einer mit Wy generier-
ten stationédren Basis (2.75), d.h. X = T, gilt natiirlich & = 0. Auch die Koeffizienten aﬁ//ff
lassen sich vollsténdig auf die Matrixelemente o, x4, (vergleiche A.6) zuriickfiihren.

Wie zu erkennen ist, sind alle Grundmatrixelemente Zweizentrenintegrale (im Falle
einer durch Wy generierten Basis (2.75) trifft dies nur auf das Matrixelement (A.13) zu)
der Form

(o | F' () 11 (A.15)

mit den in die Quantenzahlen (nim) aufgelosten Multiindizes, wobei sich die magnetischen
Quantenzahlen auf die symmetrisierten Winkelfunktionen cos(mep), sin(mep) (2.76) bezie-
hen. Auf diese Weise zerfallen die Matrixelemente in nicht-mischende Anteile (g)erader
und (u)ngerader Symmetrie, deren Berechnung jeweils durch die Ausfithrung einer drei-
dimensionalen Integration erfolgt. Durch eine Transformation auf das rotierende Koor-
dinatensystem z kann diese dreidimensionale Integration in einer Dimension analytisch
vorgenommen werden (Abb. A.1).

Dazu werden die Matrixelemente zunéchst beziiglich in Richtung der internuklea-
ren Achse quantisierter Basisfunktionen berechnet (z-Achse). Anschliefend werden die
Matrixelemente mit Hilfe der Wignerschen d-Matrizen auf in Richtung der Strahlachse
des Intertialsystems z; quantisierte Basisfunktionen transformiert. Hierzu schiebt man
den Drehoperator R(Q), der die Drehung der Quantisierungsachse der Basiszustéinde von
der Strahlachse in die Richtung der internuklearen Achse um den Winkel

R
arcsin% nach dem closest approach

(A.16)

0— {7‘(‘ —arcsin & vor dem closest approach

beschreibt
|Poim) = R(O)|©0s,,) = expl—ily0]|on;,,) (A.17)
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Abb. A.1: Geometrie interatomarer Stéfe. T: Target, P: Projektil, b: StofSparameter.

auf beiden Seiten von F(rp) in (A.15) ein und erhélt

im B (O)R (0)F(7~P) HO)R(O)[ 0,y )9
| ()F(TP) 1(0)|90n/l' >(9/“)

(O)d- 0 () (@000 | F (o) | gV

(A.18)

>(9/u) = (p
= (¢

30

<¢?le|F(rP)|¢g/l/m/

:g> :g>

so

MN

Die Koeffizienten J,ﬂf;’j“)(e) bezeichnen die Matrixelemente des Drehoperators (A.17) in
Bezug auf die symmetrisierten Wellenfunktionen

7l u ~ ~ ~ u
Ayt (0) = (B RO B0 (A.19)
die sich aus den gewthnlichen Wignerschen d-Matrizen

dl o (0) fallsm =M =0
Jfﬁ}(@) = V2 dL o (0) falls m =0 oder M =0
g (0) + (=1)"d,, 5, (0)  sonst

dla(0) — (=)Mal ., (0) fallsm, M >0

d(0) = { . (A.20)

sonst
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zusammensetzen. In (A.18) wurde die Symmetrierelation
7l(g/u 7l(g/u
Ay (=6) = dy31(0) (A.21)

benutzt. Um nun das innere Integral in Gleichung (A.18) zu berechnen, werden prolat-
elliptische Koordinaten verwendet, die dem Zweizentrencharakter des Integrals angepasst
sind. Diese Koordinaten werden durch die Abstédnde eines Raumpunktes zu den beiden
Zentren (Projektil und Target) definiert

r4+7rp R
£ = 7 1 << TETT:§(§+77)

r—rp R
= —1<n< = —-n). .
n R I1<n<l1 Tp 2(5 77) (A 22)

Dabei stellt der gewohnliche Azimutwinkel 0 < ¢ < 27 beziiglich der z-Achse die dritte
benotigte Koordinate dar (¢ = @1 = pp). Die Verkniipfung der prolat-elliptischen Ko-
ordinaten mit den kartesischen Koordinaten (z,y, z) des rotierenden Systems ergibt sich
durch die Transformationsgleichungen

z = g[(l—n2)(§2—1)]%coss0
v o= Sl0-m)E - D)sing
: = §(§n+1). (A.23)

Daraus folgen fiir die Polarwinkel 1,9, beziiglich beider Zentren die Beziehungen

z  &n+1
v = Up=—=2— A24
cos cos v = c T n ( )
costp = (2= ) _tn=l . (A.25)
r'p £—n

Das Volumenelement d?r lautet fiir prolat-elliptische Koordinaten

RB
d’r = (& = n*)dgdndyp , (A.26)

so dass sich fiir das Matrixelement (A.15) schlielich

~ ~ u R3 o] 1
(Bount ()| Boar) "™ = = / dg / dn(&> —1?)
-1

x sonzM (r(&,m), cos V(&) F(re(£,m)) B (r(€,m), cos ¥(€,m))

cos(My) cos(M'p) g
sin(Me)sin(M'p)  u

o1 (A.27)

3 (1 + 0nr0)™onenar g
]_—(SMQ W(SMM/ u
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ergibt, mit den entsprechenden symmetrisierten Wellenfunktionen

D)= { Bouna (r(€,m), cos 9(€, m) cos(My) g
i P (r(€,m), cos (€, m)) sin(M)  u

Die Berechnung des verbleibenden zweidimensionalen Integrals I(£,n) wird numerisch mit
Hilfe einer Gauss-Legendre-Quadratur [111,171,172] ausgefiihrt (wird nur eine durch Wy
generierte Basis (2.75) verwendet, so kann zur Berechnung der Matrixelemente (A.12) und
(A.14) auch die Gauss-Laguerre-Quadratur [111,171,172] benutzt werden). Die Matrix-
elemente (A.27) miissen dabei fiir die drei Typen von Grundmatrixelementen (A.12),
(A.13) und (A.14) als Funktion des internuklearen Abstandes berechnet werden. Da sie
weder von der Projektilgeschwindigkeit v noch vom Stoflparameter b abhéngig sind und
die Projektilladung @) p fiir Coulomb-artige Projektilpotentiale lediglich als globaler Vor-
faktor im Grundmatrixelement 3., x4, auftritt, konnen sie fiir ein gegebenes Targetsy-
stem universell fiir alle interessierenden Kombinationen von v, b und Q) p zur Losung der
gekoppelten Kanalgleichungen (2.79) eingesetzt werden.

(A.28)

A.2.2 Matrixelemente fiir das mikroskopische Responspotential

Wird ein mikroskopisches Responspotential in die zeitabhéngigen KS-Gleichungen mit
einbezogen, so sind zusétzlich zu den erldauterten Grundmatrixelementen (A.12), (A.13)
und (A.14) die Matrixelemente

Surero st = AW o ()l6l) | X : P.T (A.20)

zu berechnen. Fiir ein mikroskopisches Responspotential der Art (3.24) oder (3.28) haben
diese Matrixelemente die Form
=(Wx )N+
0 ’ ) X’ 0 /
<90nlm| F(TX) \G(TX/)Y}NmN(ﬁX/, QO)/ |()0n’l’m’> s X, X' P, T . (A30)

vee(r,t) nach (3.24) oder (3.28)

Im rotierenden Koordinatensystem kann die ¢-Integration wiederum analytisch ausgefiihrt
werden, so dass schliellich

~ , ~ u R3 [e'e] 1
(ol F(rx) G () Yk W 0 Bovnsn) " = - / d / An(€* =)

X G (r(€,m), cos (&, m))
F(rx(&n)G(rx(& )Y (9x (& n))

X Poar (r(€,m), cos9(€,m))

x/%d {Cos(Mcp)cos(M”go)cos(M’cp) g
0 sin(M ) cos(M"p)sin(M'y) u

= 1) (A.31)

Eé 5 /5 " 5 ! " 5 " ! 5 / "
x{ 72r(M0 MM Onmr + Onpp e v+ Onpp v v + Onprener v) - XX PT
2

(1 — 0n10) (Onr4na7 v+ Onerenar vt — Onanar ) u
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bleibt. Die verbleibenden zweidimensionalen Integrale I(£,7) miissen, wie im vorherge-
henden Abschnitt beschrieben, numerisch berechnet werden. Da v..(t) gerade beziiglich
Spiegelung an der Streuebene ist, treten nur Kugelflaichenfunktionen Yﬁ(r/ﬂ,, mit geradem
w-Anteil cos(M"p) auf.

A.3 Dreieckszerlegung der Uberlappmatrix

Wenn man die Koeffizienten cﬁv der Basisentwicklung (2.78) zu einem Vektor ¢; zusam-
menfasst, lassen sich die gekoppelten Kanalgleichungen (2.79) in der Matrixform

iSé; = Me; i=1,...,N (A.32)

schreiben. Die Matrixelemente von S und M sind durch die Gleichungen (A.7,A.8) gegeben.
Die reelle Uberlappmatrix S ist symmetrisch und positiv definit, und aus der Normierung
der Einteilchenlosungen

folgt fiir ihre Determinante
detS=1. (A.34)

Fiir eine Matrix mit solchen Eigenschaften existiert die eindeutig bestimmte Dreieckszer-
legung
S=LU (A.35)

mit der unteren Dreiecksmatrix L und der oberen Dreiecksmatrix U, die gegenseitig ihrer
Transponierten entsprechen

L=U" U=L", (A.36)
und fiir deren Inverse die Beziehungen
L'=UuSs"t U'=S""L (A.37)

gelten (siehe [171], Kapitel 6.1.2). Da S reell ist, sind auch L und U reell. Definiert man
einen Koeflizientenvektor d; durch

so zeigt Einsetzen in Gl. (A.33) unter Ausnutzung der Eigenschaft (A.36), dass U eine
Transformation auf eine Orthonormalbasis vermittelt

1= (|ths) =¢fSe;=¢/LUc; =c¢fU'U¢; =djd, . (A.39)

Die gekoppelten Kanalgleichungen beziiglich der Orthonormalbasis erhélt man durch Ein-
setzen der zu Gl. (A.38) inversen Transformation ¢; = U™'d; in Gl. (A.32)

iS (U_ldi + U’ldi> — MU'd; . (A.40)
Multiplikation von links mit US™! und Benutzung von Gl. (A.37) fiihrt auf die Form

id; = Md; | (A.41)
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mit der Definition ~ .1
M _ L—lMu—l _ ZUUi (A42)

fiir die Wechselwirkungsmatrix M. Aus der Normerhaltung folgt unmittelbar

0 = 9 (d*d)=(d")d+dd=
= (d)*d+d'd=—id"M'd—id*Md , (A.43)

also . .
M=M", (A.44)

d.h. die Hermitizitit von M. Der Vorteil der Dreieckszerlegung gegeniiber anderen Trans-
formationen auf Orthonormalbasen liegt darin, dass die Matrix M allein durch die Matrix-
elemente des ersten Terms L™ *MU™! gegeben ist, und damit die Zeitableitung U™ nicht
berechnet werden muss. Zum Beweis betrachtet man zunéchst die Diagonalelemente von
M. Weil M hermitesch ist, sind die Diagonalelemente reell. Da die Transformationsmatrix
U ebenfalls reell ist, bleibt der zweite Term auf der rechten Seite von Gl. (A.42) rein
imaginar. Daraus folgt

(M) = R(L™'MU™ )z (A.45)

und

S(LMU™ ) = (U0 ) (A.46)

Im zweiten' Schritt Wgrfllen Matyig?lemente des unteren Dreiecks von M berechnet. Da
sowohl U, U als auch U  und UU  obere Dreiecksmatrizen sind, gilt

(M)gsj = (LT'MU ) (A.47)
und aufgrund der Hermitizitét sind die Elemente des oberen Dreiecks von M
~ _ _ . - —1
(M)jsr = (LT'MU™Y) o —i(UU ) o (A.48)

allein gegeben durch . .
(M)j>k = (M) - (A.49)

Durch die Bezichungen (A.45), (A.47) und (A.49) wird die Behauptung bewiesen. Das
lineare Differentialgleichungssystem (A.41) kann mit einem herkémmlichen Algorithmus,
wie z.B. dem Adams-Verfahren [172], numerisch gelost werden.

A.4 Projektion auf bewegte Projektilzustéinde

Die Berechnung der Ubergangsamplituden fiir Einfang cfbl: 1.m, erfolgt wie im Abschnitt
A.2.1 in Bezug auf entlang der internuklearen Achse quantisierter Orbitale. Da Einfang
nur fiir positiv geladene Projektile auftreten kann, wird im Folgenden nur eine durch
die Wechselwirkung Wp generierte BGM-Basis (2.74) betrachtet. Dazu werden wie zu-
vor Drehoperatoren R(Q) auf beiden Seiten der Ubergangsamplituden eingeschoben und

die Definitionen (A.17, A.19) fiir die gedrehten Zustdnde und die Matrixelemente des
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Drehoperators benutzt. Die Ubergangsamplituden lassen sich analog den Matrixelemen-
ten nach (g)erader und (u)ngerader Symmetrie beziiglich Spiegelungen an der Streuebene
unterscheiden

N (7 LA (N (25 | 1 (79) R
- <905klkmk(tf)|}% () ()|¢Z( )> (9/)

Uk

= > B EORONBE ag, (EINBE g, () i)™

Mk*O
=:Zﬁ%”¢mmwwwWW (A.50)

Um das angegebene Uberlappintegral zu berechnen, betrachtet man zunichst die Ent-
wicklung der Orbitale |¢;) nach den nichtorthogonalen Basiszusténden (2.77)

MV

|77Z)2 = ZC v |Xv Z Z b,uv WP # |S0v> ) (A51)

pn=0 v=1 /J, =0v'=1

wobei die Entwicklungskoeffizienten durch

M V
=" el (alt (A.52)

p=p v=1

gegeben sind, mit den Koeffizienten a“ " aus dem Ausdruck (A.6). Die Auﬂosung des

Multiindex v’ in die Quantenzahlen n/I'm’ und nochmaliges Einschieben von R~'(8)R(6)
in Gleichung (A.50) fihrt auf

iP u) _ d’ (9/u) 71 (9/u)
Crglymy, tf (g/ ) Z Z Z Z bﬂ n'l'm tf WI;kMk (‘9> dm’M’ (‘9> (A 53)
w'=0 n'l'm" Mp=0 M'= '

X <90nklkMk(tf)‘<WP>“ ‘()On/l’M’>(g/U) :

Liegen auch die Projektilzusténde als Entwicklung nach den nichtorthogonalen Basis-
zustanden (2.77) vor

|08 b () Z Z a k™ () (W)™ |0%) (A.54)

// 0 ,U// 1

so findet man fiir die entsprechenden Ubergangsamplituden analog zu (A.53)

l// /

Con (E) 0 = Z Xy Za’"k%t}%*,, D (25

l 0 nlll// 12 lll IMII OM/
l u l u
xm%Md%m
X APy (W) | 3000 O (A.55)
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Anders als im Matrixelement (A.27) tragen in (A.53) und (A.55) die im Bravektor auf-
tauchenden Zusténde aus der Sicht des inertialen Targetsystems eine Translationsphase.
Diese resultiert aus ihrer Bewegung mit der Projektilgeschwindigkeit v entlang der Strahl-
achse (vergleiche Abschnitt 3.7 in [67]). In der hier verwendeten Geometrie einer geraden
Projektilbahn ergibt sich fiir das Integral in Gleichung (A.53) (und in &hnlicher Weise
auch fir (A.55))

WH/,nklkMk,n/l/M’ = <¢SklkMk(tf)‘<WP>M ‘@g/l’M’>

(v? . : - s
= exp {z (5 + ak) tf} /d?"r’gonflkMk (rp,ts) exp—ivzg | (Wp(rp, t )" @ ()
(A.56)

wobei z; die z-Koordinate im inertialen Targetsystem bezeichnet, wihrend die anderen
Koordinaten auf das rotierende System bezogen sind (siche Abbildung A.1). Durch die
Koordinatentransformation

zr = zcosf — xsinf (A.57)

und Verwendung der Beziehung (A.23, A.24, A.25) kann der Integrand in (A.56) vollsténdig
durch die im rotierenden System definierten prolat-elliptischen Koordinaten (A.22) aus-
gedriickt werden. Mit Hilfe der Definitionen

0= gv cos 0 (A.58)

und
(€ m) = Sosinb(1— )€ — 1)} (A.59)

sowie dem Volumenelement (A.26) bleibt dann

(v? RS [> [ :
Wi = i (5 v )] & [de [ ane = o) expl-inten+ 1)
1

-1

X éZZkMk (TP (é? 77)7 COS 19P (é? n))(WP<TP (é? 77)))“/ ég/l/M’ (T(£7 77)7 cos 19(57 7]))

X /0 deoexp[m(faﬁ) cosw]{ anséz\]\j:z)) ;is(%;f)) i (A.60)

zu berechnen, wobei die {n-Anteile der Projektil- und Targetwellenfunktionen entspre-
chend Gleichung (A.28) definiert worden sind. Wegen des z-Anteils der Translationsphase
gestaltet sich die p-Integration hier komplizierter als im Matrixelement (A.27). Es ist
jedoch moglich, sowohl fiir den (g) als auch fiir den (u) Anteil diese Bestandteile der Inte-
grale auf Kombinationen einer Integraldarstellung der Bessel-Funktionen .J,,(x) zuriick-
zufithren. Gemés Formel 9.1.41 aus [223] gilt fiir £ # 0 die Entwicklung

o e (1-2)] - 55 et e
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Nach Durchfiihrung der Substitution ¢ = iexp[ip], Multiplikation mit exp[—imy] und
Integration iiber ¢ erhélt man aus (A.61)

—m 27
Im(2) = Z2— dp expli(x cos p —my)] , (A.62)
™ Jo
wobel die Relationen
Jom(z) = (=)™ Jn(z) = Jn(—x) (A.63)

gelten. Lost man die trigonometrischen Funktionen in (A.60) mit Hilfe der Additions-
theoreme in Exponentialfunktionen auf und verwendet die Beziehungen (A.62, A.63), so
konnen die p-Integrale als

I, = /0 Qdeo explik cos @] cos(M.p) cos(M')

= 7 (M Tagar (7) + O g () (A.64)
I, = /0 " explin cos o] sin(Myp) sin(M')

= = (M Ty () = ()M g () (A.65)

geschrieben werden. Die (£, n)-Integration in Gleichung (A.60) wird wie bei den Grund-
matrixelementen in Abschnitt A.2.1 numerisch durchgefiihrt.






Anhang B

Matrixelemente zur Darstellung der

Poisson-Gleichung

Die Matrixelemente der linken Seite der Poisson-Gleichung (3.21) in der Darstellung (3.28)

haben die Form
WAV AWRYYY | X, X' P T.

In Kugelkoordinaten ausgedriickt lautet der Laplace-Operator

2 A,
L L

or2  ror 1?2

wobei die Kugelflichenfunktionen die Eigenwertgleichung

erfiillen. Nach Ausfithrung der Differentiationen

NUSIE (% (W) + %% (W) - WXP) vX

1
2
X
= (A()\ — 1)W>/<\_2 (_EWX + —exp(—ary )

~ 2 ~
—)\ng’lf— exp(—ary) — T—Ql(l + 1)W§<‘) VX, X:PT
X

Im >
X

N J/
-~

K(rx)

findet man fiir (B.1) schlieflich

3 [e%¢) 1
VAV ATRY) = & / ¢ / RUGEES
X W%(rx(é,n)mi"’(cosﬁ(&,n))K(rx@,n))Pﬁ(eosﬂ(f,n))

2
></ dp cos(mep) cos(m/p)
0

RB
= gl(f,n)(1+5mo)ﬂ5mm/ , X, X':PT.
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Die @-Integration wurde wie in (A.27) analytisch ausgefiihrt, das Integral I(£,n) muss
numerisch berechnet werden.

Die Matrixelemente auf der rechten Seite der Poisson-Gleichung (3.21) in der Darstel-
lung (3.28) haben die Form

(WY |la) , X' P T, (B.6)

wobei die Definition

n(r) = (r|n) (B.7)
verwendet wird. Im rotierenden Koordinatensystem ergibt sich die Dichte fiir ein Zwei-
teilchen-System mit einer Spin-Singulett Konfiguration zu

n(r,t) = 2(r, )" = 2 Z Z G (8)y (8) 20 () Wik (r, ) G0 (x) . X2 P T

o' =0rv,v'=1

so dass man fiir (B.6) schlielich

MV
—27T<W)‘/Yl,),fr;,|n> = —Ar Z Z a

pop'=0v,v'=1

X A (Wx)" WYl 18% . X, X' P, T  (B.9)

findet. Die hier auftretenden Matrixelemente haben die Form (A.30) und wurden in Ab-
schnitt A.2.2 berechnet.

Die Koeffizienten a,,(t) = a, (t) der Wellenfunktion beziiglich in Richtung der
Strahlachse des Inertialsystems z; quantisierter Basisfunktionen [p?) kénnen mit Hilfe
der Wignerschen d-Matrizen ((A.19),(A.20),(A.21)) auf Koeffizienten a,,(t) = al,,.(¢),

nlm
beziiglich in Richtung der internuklearen Achse (z-Achse) quantisierter Basisfunktionen

|29} transformiert werden



Anhang C

Verzeichnis der Abkiirzungen

AO:
ASACUSA:
BGM:
CDW:
CERN:
CFCA:

CIL

COLTRIMS:

CTMC:
DFT:
FIM:
FLAIR:
GSI:
GTO:
HEF"
IPM:
KLI:
KS:
LDA:
LDTSE:
LEAR:
MEHC:
MO:
OEDM:
OPM:
POHCE:

Atomic Orbitals

Atomic Spectroscopy And Collisions Using Slow Antiprotons

Basis Generator Method

Continuum Distorted Wave

Centre Européen pour la Recherche Nucléaire
Convergent Frozen Correlation Approximation
Configuration Interaction

Cold Target Recoil Ion Momentum Spectroscopy
Classical Trajectory Monte Carlo Method
Density Functional Theory

Forced Impulse Method

Facility for Low-energy Antiproton and Ion Research

Gesellschaft fiir Schwerionenforschung
Gaussian-type Orbitals

Hartree Fock

Independent Particle Model

Krieger Li Iafrate

Kohn Sham

Local Density Approximation

Lattice Time Dependent Schrédinger Equation
Low-energy Antiproton Ring

Multi Electron Hidden Crossing
Molecular Orbitals

One-electron diatomic molecular orbitals
Optimized Potential Method

Perturbative One-and-a-Half-Centre Expansion
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114 C. Verzeichnis der Abkiirzungen

PWO1: Perdew-Wang-91

SCA: Semi-Classical Approximation

STO: Slater-Type Orbitals

TDDFT: Time Dependent Density Functional Theory
TDHE" Time Dependent Hartree Fock

TDKS: Time Dependent Kohn Sham

TDSE: Time Dependent Schrodinger Equation

XC: exchange correlation
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