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Abstract 

The present work deals with the dissociation mechanisms of loosely bound 
nuclei in heavy ion collisions, a subject which is closely related to current ex­
periments at heavy ion colliders (RIKEN, GSI, GANIL, MSU-NSCL etc ). 
Our study is based on the avalaible data on the photodissociation of 11 Be 
, 9 Be, 11 Li, and the neutron capture by 13C. Generalising the effective ran­
ge treatment of photo-nuclear reactions near threshold to describe reactions 
involving also bound states with a non-zero angular momentum, we derive 
general expressions for electromagnetic and diffraction dissociation matrix 
elements and cross-sections, which appear in good approximation to be inde­
pendent of any assumption on the shape of the nuclear interaction. We have 
also calculated the mean square distance of loosely bound clusters to the co­
re. Corrections can be worked out in a systematic way. Our mainly analytical 
calculations are in good agreement with the experimental data and with the 
previously available numerical results. 

We have studied the effects of higher order electromagnetic interactions 
in the Coulomb dissociation of 11 Li and 9 Bein the sud den approximation 
and we have found a trend to the reduction of the dissociation prob ability. 
Higher order effects introduce also an asymmetry in the angular distribution 
of the emitted particles. We have finally studied the time evolution of the 
final state wave function after a Coulomb dissociation. 
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Übersicht 

Die vorliegende Arbeit beschäftigt sich mit den Dissoziationsmechanis­
men von schwach gebundenen Kernen in Schwerionenstößen. Dieses Thema 
steht in engem Zusammenhang mit gängigen Experimenten an Schwerionen­
beschleunigern ( RIKEN, GSI, GANIL, MSU-NSL usw.). Unsere Untersu­
chungen basieren auf den Photodissoziationsdaten von 11 Be, 9 Be, 11 Li und 
dem Neutroneneinfang durch 12C. Wir verallgemeinern die Beschreibung 
von photonuklearen Reaktionen derart, daß wir auch Kernreaktionen von 
Zuständen mit nicht verschwindendem Bahndrehimpuls behandeln können .. 
Wir leiten allgemeine Ausdrücke für die Matrixelemente und Wirkungsquer­
schnitte für der elektromagnetischen Dissoziation und für die Dissoziation 
durch Beugung her. Diese Größen sind in guter Näherung unabhängig von 
der Kernwechselwirkung. Außerdem haben wir auch den mittleren quadra­
tischen Abstand von schwach gebundenen Clustern bestimmt. Korrekturen 
können in systematischer Weise berechnet werden. Unsere überwiegend ana­
lytischen Resultate stimmen mit vorhandenen experimentellen Daten und 
numerischen Berechnungen gut überein. 

Wir haben die Effekte höherer Ordnung der elektromagnetischen Wech­
selwirkung in der Coulombdissoziation von 11 Li und 9 Be studiert und hierbei 
eine allgemeine Tendenz zur Reduktion der Dissoziationswahrscheinlichkeiten 
gefunden. Effekte höherer Ordnungen erzeugen auch eine Asymetrie in der 
Winkelverteilung der Fragmente. Schließlich haben wir die Zeitentwicklung 
der Wellenfunktion nach der Coulombdissoziation studiert. 
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Kapitell 

Einleitung 

Das elektromagnetische Feld einer schnell bewegten Ladungsverteilung stellt 
eine intensive Quelle quasi-reeller Photonen dar. Mit Hilfe dieses Photonen­
spektrums lassen sich viele kern- als auch astrophysikalische Fragestellungen 
untersuchen. Von besonderem Interesse ist hierbei die Anregung von Rie­
senresonanzen oder die Bestimmung des astrophysikalischen S-Faktors. In 
jüngster Zeit hat daher das Interesse an peripheren Schwerionenstößen zuge­
nommen. In diesen Stößen, bei denen sich die beteiligten Ionen nicht überlap­
pen, kann die starke Wechselwirkung zwischen den Kernen fast vollständig 
vernachlässigt werden. Demnach ist es möglich, die Anregung der beteiligten 
Kerne durch das zeitlich veränderliche elektromagnetische Feld zu erklären. 

In diesem Zusammenhang gehen wir in der vorliegende Arbeit auf sogen­
nante Aufbruchreaktionen (Coulombdissoziationen) ein, bei denen Nukleo­
nen oder Cluster aus dem Kern befreit werden. Mit dieser Methode versuchen 
wir, die besondere Struktur von leichten Kernen jenseits der Stabilitätslinie 
der Elemente zu untersuchen. Die vorliegende Arbeit versteht sich nicht nur 
als eine Einführung in die grundlegenden Denkweisen, sondern will auch ei­
ne Anregung zu weiteren Arbeiten auf diesem modernen und interessanten 
Gebiet sein. 

In Kap.2 geben wir eine allgemeine Einführung in die Theorie der Cou-
10mb anregung , welche von großer Bedeutung für die Motivation und das 
Verständnis dieser Arbeit ist. Wir verwenden dabei gemäß der gängigen Li­
teratur eine Zerlegung des Projektils in Clustern und leiten die durch die Be­
wegung im Coulombfeld induzierte Wechselwirkung zwischen den Clustern 
ab. Das Anregungspotential wird dabei durch die Differenz der Summe der 
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potentiellen Energien der Cluster und der potentiellen Energie des ganzen 
Kerns gegeben. Wir können dabei die Ablenkung des schnellen und rela­
tiv schweren Projektils im Coulombfeld des Targets vernachlässigen, was die 
Rechnungen in semi-klassischer Näherung sehr vereinfacht. Wir entwickeln 
dann die Wechselwirkung nach elektromagnetischen (vektoriellen) Multipol­
feldern. Dies macht einen Vergleich mit photonuklearen Prozessen möglich. 

Die photonuklearen Reaktionen werden in der Praxis oft anhand von 
Kernmodellen beschrieben. Die Coulomb dissoziations querschnitte werden dann 
daraus hergeleitet und mit dem Experiment verglichen. In Kap. 3 geben wir 
die theoretischen Grundlagen der elektromagnetischen Wechselwirkung eines 
Spin-l/2 Clusters mit einem spinlosen Core. Dies ist für eine Vielzahl von Ex­
perimenten wichtig. Diese Theorie wird in Kap. 4 auf die Photodissoziation 
von leichten Kernen angewandt. 

Die Weizsäcker-Williamsmethode stellt eine elegante Beziehung zwischen 
Coulomb anregung und Photoabsorption in erster Ordnung der Störungstheo­
rie her. Dabei agiert das Target als Quelle eines virtuellen Photonenspek­
turns, welches die Anregung des Targets erzeugt. Einige Beispiele werden in 
Kap. 5 besprochen. Diese einfache Beziehung wird aber gestört, wenn Effekte 
höherer Ordnungen wichtig werden. Diese Effekte müssen deshalb sorgfältig 
untersucht werden, die Grundlagen dazu werden in Kap. 6 gelegt. 
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Kapitel 2 

Allgemeine Theorie der 
Coulombanregun.g in 
relativistischen Stößen 

2.1 Grundlagen 

Die Grundlagen für die theoretische Behandlung der elektromagnetischen 
Anregung von Kernen in peripheren Kollisionen wurden in den Referenzen 
[14, 17, 18, 16] gelegt. Wir betrachten hier Kollisionen schwerer Ionen, bei 
denen die kinematischen Bedingungen eine klassische Beschreibung der Pro­
jektilbahn zulassen. Dieser Ansatz ist gerechtfertigt; falls 

Zt Zpe2 

Ti = 1iv ~ 1. (2.1) 

Zp und Zt sind die Ladungszahlen des Projektils bzw. des Targets, und v ist 
deren Relativgeschwindigkeit. Eine semi-klassische Theorie der Coulomban­
regung [20, 21, 22] reicht deshalb für die Zwecke dieser Arbeit aus. Außerdem 
vernachlässigen wir Effekte der starken Wechselwirkung bei großen Impakt­
parametern (b 2:: 15 fm). 

Die Wechselwirkung des Projektils mit dem elektromagnetischen Feld des 
Targets wird beschrieben durch 
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wobei p(x, t) und Ji(x, t) die Ladungs- bzw. Stromverteilungen des Projektils, 
4>(x, t) und Ä(x, t) die Lienard-Wiechert Potentiale des bewegten Targets im 
Ruhesystem des Projektils [19] bezeichnen: 

"'( .... t) Zt e 
'f' x, = (1 _ ßtii ) R Iret ' 

(2.3) 

A .... ( .... ) _ Zt eßt x, t - ---= .... "..--'----
(1 - ßtii) R , Iret 

(2.4) 

Dabei ist ßt = Y: und ii der Einheitsvektor in Richtung des Abstandsvektors 
mit 

R = x - Xt(tI) . (2.5) 

Die retardierte Zeit tI wird hierbei definiert durch 

I X-Xt I tI=t- .. 
c 

(2.6) 

Das Projektil bewegt sich bei den hier untersuchten Energien (E ~ 30M e V) 
praktisch auf einer Geraden. Die Potentiale in Gln.(2.3,2.4) werden im Ru­
hesystem des Projektils durch das bewegten Target erzeugt. Sie lauten [19] 

.... 7he 
4>(x, t) = ((x _ b

x
)2 + (y _ by)2 + 72(Z _ vt)2)1/2 (2.7) 

und 

Ä(X, t) = ~4>(x, t) . 
c 

Wir haben die Ortsvektoren mit 

x = (x, y,z) , 

Xt = (bx , by , vt) . 

und den Stoßpaktparameter mit 

(2.8) 

(2.9) 

(2.10) 

(2.11) 

im Schwerpunktsystem des Projektils bezeichnet. Die Bewegung erfolgt auf­
grund der Drehimpulserhaltung in Zentralfeldern in einer Ebene. 
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Die Strom- und Ladungsverteilung im Kern sind nicht genau bekannt. Es 
existieren für diese Verteilungen verschiedene Modelle, die durch Vergleiche 
mit dem Experiment gerechtfertigt sind. Es wird sehr oft die Ladungsvertei­
lung 

p(x, t) = e 2:: ZNO(X - XN) (2.12) 
N 

verwendet. N bezeichnet das jeweilige Nukleon. Die in Gl.(2.12) angegebene 
Ladungsverteilung führt i.A. auf ein kompliziertes Vielteilchenproblem, da 
die Kernwechselwirkungen und Wellenfunktionen der Nukleonen sehr kom­
plex sind. 

2.2 Coulombstreuung des Projektils 

Die nichtrelativistische Streuung von elektrisch geladenen Teilchen im Cou­
lombfeld mit dem Potential 

(2.13) 

wird in Referenz [23] behandelt. Der Wirkungsquerschnitt läßt sich in der 
semi-klassischen Näherung aus der Beziehung 

() 
b = acot '2 (2.14) 

zwischen dem Impaktparameter band dem Streuwinkel () herleiten. Hierbei 
bezeichnet a den minimalen Abstand der beiden Cluster: 

ZpZt e2 
a= . 

IJlV~ 
(2.15) 

Dabei ist Voo die Anfangsgeschwindigkeit des Projektils, I ist der Lorentz­
faktor : 

1 
(2.16) 

und Jl die reduzierte Masse. Der Rutherfordquerschnitt ist damit gegeben 
durch 

(;~) R = 
b db 

sin () d() 
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- 4sin4 ~ 
2 

(2.17) 

Er stimmt mit der quantenmechanische Rechnung überein. Relativistische 
Korrekturen können durch den Faktor, im Nenner von Gl.(2.15) berück­
sichtigt werden. 

2.3 Coulombanregung 

2.3.1 Übergangsamplitude in semi-klassischer Näherung 

Die Wechslwirkung zwischen Projektil und Target Gl.(2.2) führt sowohl zu 
einer Änderung der relativen Bewegung zwischen den beiden Teilchen (z. B. 
Coulombstreung des Projektils bzw. des Targets) als auch zu deren innerer 
Anregung. Dies kann durch die folgende Zerlegung verdeutlicht werden: 

Vint = Va + (Vint - Va). (2.18) 

Die Coulombwechselwirkung ist am Projektilort (r = 0) gegeben durch 

,ZtZp e2 

Va(t) ~ (b2 + ,2v2t2)1/2' (2.19) 

Falls der Kern aus einer Reihe von Clustern besteht, können wir folgenden 
Ansatz machen : 

c 

Damit lautet die elektromagnetische Wechselwirkung 

Vint ~ e I:Zc (<p(xc,t) - ßcÄ(xc,t)) . 
c 

(2.20) 

(2.21) 

Dieser Ansatz ist sicherlich gerechtfertigt für leicht gebundene Cluster, wo­
durch das Viel teichen problem erheblich vereinfacht wird. Die inneren Wel­
lenfunktionen des Kerns werden aus phänomenologischen Modellen über die 
Wechselwirkungen der Nukleonen oder Clustern berechnet. 

Die elektromagnetische Wechselwirkung mit dem Target induziert 
Übergänge zwischen den Eigenzuständen des Projektils. Sie können im Rah­
men der zeitabhängigen Störungstheorie beschrieben werden. Die Übergangs­
amplitude ist in erster Ordnung der Störungstheorie gegeben durch 

(2.22) 
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die Übergangsenergie mit: 
nw = E f - Ei. (2.23) 

In Gl.(2.22) bezeichnet 1%nt(t) = Vint(t) - Vc(t) den Anteil der Restwechsel­
wirkung nach Abtrennung der Schwerpunktsenergie. 

V( t) läßt sich nach Multipolen entwickeln, denn der Nenner von GI. (2.7) 
ist im wesentlichen die Greensche Funktion des Laplace-Operators 

(2.24) 

Er kann wie folgt entwickelt werden: 

1 TA 

I -> -> I = L A~l PA ( cos e) . 
x - Xt A T> 

(2.25) 

Dabei ist e der Winkel zwischen x und Xt. Es gilt nach dem Additionstheorem 
der K ugelfiächenfunktionen [27] : 

(2.26) 

Die Kugelfunktionen sind Eigenfunktionen von L2 , wobei der Operator L 
definiert wird durch 

(2.27) 

Daraus folgt bei Verwendung von vektoriellen Kugelfunktionen .Ly{*(x) 

(2.28) 

GIn. (2.26) und (2.28) sind zwei verschiedene spektrale Darstellungen der 
nichtrelativistischen Greenschen Funktion. Somit kann eine Multipolentwick­
lung der Wechselwirkung i%nt(t) vorgenommen werden. Die Übergangsampli­
tude afi aus GI.(2.22) ist dann gegeben durch [21] 

Zte ~ 47r 
afi = in L.J 2A + 1 (-lt M(7rA, -lI)S11"A,II(W) • 

11"AII 
(2.29) 
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Dabei sind die M( 7r A, -11) elekromagnetische Multipolmomente [20] und S1rA,V 
semi-klassische Bahnintegrale mit 7r = E für elektrische und 7r = M für ma­
gnetische Multipolmomente. Eine Verwechselung mit der Kreiszahl7r ist hier 
nicht zu befürchten. Die Multipolmatrixelemente lauten: 

(2.30) 

und 
M(EA 11) =< f I p(ii)rA Y{(i) I 2 >, (2.31) 

mit 
r = JX2 + y2 + z2. (2.32) 

Diese Ausdrücke sind formal die Langwellennährung (qr ~ 1 mit q = 7) der 
exakten elektrischen bzw. magnetischen Multiplomente. Diese erhält man 
aus einer relativistischen Theorie der elektromagnetischen Wechselwirkung, 
bei der die Zeit abhängigkeit der Wechsewirkung über das Kernvolumen mit­
berücksichtigt wird. Sie gelten formal nur für kleine Abstände vom Kern. 
Die Wellenfunktionen von gebundenen Kernzuständen fallen außerhalb des 
Kernradius oft sehr stark ab, so daß die Korrekturen zu den Matrixelementen 
vernachlässigt werden können. 

Diese semi-klassischen Bahnintegrale S1rA v lauten 

(2.33) 

und 

(2.34) 

sie sind in [16] ausgerechnet worden. Für die Übergangsamplituden erhält 
man somit 

(-ltv'2A + 1 kA G7rAV ( ~) Kv(wb) 
v ,v 

< I fm f I M ( 7r A, -11) I Iimi > . (2.35) 

Die Anregungsamplitude ist demnach eine Summe unendlich vieler Teilam­
plituden. Es spielen aber in der Praxis nur eine begrenzte Zahl von Termen 
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eine Rolle, zum einen wegen des raschen Abfalls der Übergangsmatrixele­
mente und zum anderen aufgrund von Auswahlregeln, die zum Teil aus der 
Drehimpulsalgebra folgen. Somit werden nur wenige Multipolmomente zur 
Beschreibung von Experimenten nötig, wie z.B. die elektrischen Dipol- und 
Quadrupolmomente (-7rA = EI) bzw. (7l'A = E2) und das magnetische Dipol­
moment (7l'A = MI) . 

In GI. (2.35) sind die Kv(x) die modifizierten Besselfunktionen dritter 
Art [24]. Sie divergieren für kleine Argumente und veschwinden exponentiell 
für große Argumente, so daß sich mit 

IV 
bmax =­

w 
(2.36) 

eine natürliche Grenze für die relevanten Impaktparameter bzw. Frequenzen 
in der Anregungsamplitude in GI. (2.35) ergibt. Die G1r>.v sind die relativisti­
schen Winther-Alder Funktionen [21, 25] . 

Die Formel in GI.(2.35) gibt eine gute Beschreibung der Coulombanre­
gung bei mittleren Energien, hier E ~ 100M e V pro Nukleon. Bertulani und 
Baur haben Korrekturen für hochrelativistische Stöße in der Eikonalnäherung 
[26, 29] ausgerechnet. Die Anregungsamplitude divergiert für kleine Stoßpa­
rameter , so daß auch hier Korrekturen notwendig werden. 

2.3.2 Multipoloperatoren 

Für die Übergangs amplituden GI. (2.22) gilt in erster Ordnung: 

afi = - :2 J dx J dxl Jp.(x )Go(x, xl) Jp.(xI). (2.37) 

Die dabei verwendete relativistische Green'sche Funktion lautet 

eiqlr'-rll 
Go(x,xI) = 1-1 -11' r - rl 

(2.38) 

Die Spektraldarstellungen der relativistischen Green'schen Funktionen sind 
in Kugelkoordinaten gegeben durch 

Go(x, xl) = i47l'q L:j>.(qrd y)'v*(xdh>.(qr» Y>.V(x» (2.39) 
>.v 
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bzw. 

Mit diesen Darstellungen können die Multipoloperatoren umgeschrieben zu 

M(MA v) = - ~:~::~!~ < f I J .1 (j>.(qr) Y{(i)) I i > (2.41) 

und 

M(EA v) = - (2A + 1)!! < f I p(i, t) j>.(qr) Y{(i)) I i >. 
q>' 

(2.42) 

Die letzte Gleichung läßt sich unter Verwendung der Kontinuitätsgleichung 

mit der Annahme 

d.h. 

v J(x, t) = p(x, t) 

p(x, t) = p(x)eiwt
, 

(
.... 1 .... 

p x,t) = -. VJ 
~w 

(2.43) 

(2.44) 

(2.45) 

umformen. Nun möchten wir unter Berücksichtigung des Green'schen Satzes 
[19] den Multipoloperator in G1.(2.42) auf eine vektorielle Form bringen. 
Dazu benötigt man die Identität [19] 

V(~ V) = V.(V~) + ~ (V.V) . (2.46) 

Zusätzlich gilt in der Langwellennäherung: 

V(j>.(qr) Y{(f)) ~ (A: 1) V x L(j>.(qr) Y{(f)). (2.47) 

Diese Beziehung folgt aus den Eigenschaften von vektoriellen Kugelfiächen­
funktionen [20]. Wir kommen schließlich zu dem Ergebnis 

12 



2.3.3 Wirkungsquerschnitte 

Aus Gl.(2.35) läßt sich die Wahrscheinlichkeit für die Coulomb anregung des 
Projektils vom Anfangs- in den Endzustand mit Wellenvektor k, berechnen: 

Daraus ergibt sich die totale Anregungsamplitude 

wobei ef(Ef ) die Anzahldichte der Endzustände im Energieintervall 
[Eh Ef + hEf] bezeichnet. Man findet 

für gebundene Zustände und 

(2.49) 

(2.50) 

(2.51) 

(2.52) 

falls die Endzustände im Kontinuum liegen. Der Wirkungsquerschnitt für die 
reine Coulombanregung ist gegeben durch 

O'CD = J db 271" b P(b), (2.53) 

wobei hier das übliche Verfahren der Summierung der Übergangswahrschein­
lichkeiten über die Spins der Endzustände und der Mittelung über die An­
fangszustände durchzuführen ist. 

Der Wirkungsquerschnitt für die innere Anregung des Projektils vom 
Anfanszustand 'l/Ji in den Endzustand 'l/Jf bei gleichzeitiger Streuung in den 
Raumwinkel (0,0 + dn) ist in erster Ordnung gegeben durch 

(2.54) 

Dabei ist (~~) R der Rutherfordquerschnitt aus Gl.(2.17) und Pfi die Anre­
gungswahrscheinlichkeit. Die Gl.(2.54) folgt aus einer Multipolentwicklung 
[20] der Wechselwirkung in Gl.(2.3). Der Monopolterm ist verantwortlich 
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für die Rutherfordstreuung des Targets, während die höheren Terme auch 
zeit abhängige Wechselwirkungen enthalten, die eine Anregung des Projektils 
erzeugen. Wir betrachten zunächst Übergänge, in denen Anfangs- und End­
zustand gebunden sind. Man erhält den zweifach differentiellen Wirkungs­
querschnitt 

d
2
uCD = (Zt e)2,", -2.>.+2 dB (E).. I -+ J.) djE>. 

dE dnk nv fI; a dE " 'dn + 

(
va->'+1)

2 
dB(M)" I -+ J.) djM>. 

c dE " 'dn 
(2.55) 

mit den Multipolübergangsstärken 

Die reduzierten Matrixelemente berechnen sich gemäß dem Wiener-Eckart­
Theorem [27] : 

< J,m, 1 f!()"v) 1 Jimi >=< JiMi)..v 1 J,m, >< J, 11 n('x) 11 Ji >. (2.57) 

n()..v) ist dabei ein beliebieger Tensoroperator [27]. 
Die Irr>. in GI. (2.55) sind dimensionslose Größen, die aus dem Ruther­

fordquerschnitt und den semiklassischen Bahnintegralen gebildet werden. 

2.4 Photodissoziation 

Die vektoriellen elektromagnetischen Multipolfelder sind wie folgt definiert: 

AE>'/I(X') = J -2 V x (Lj>.(qr)Y{(x)) , (2.58) 
q )..()..+ 1) 

AM,.(x) = ! 1 Lj,(qr)Y{(x). (2.59) 
)..().. + 1) 
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Sie sind eine vollständige Basis für die Darstellung von elektromagnetischen 
Vektorpotentialen im Vakuum. Von großer Bedeutung ist die Entwicklung 
der ebenen elektromagnetischen Welle 

Äp(x) = N-y€p eq x 

nach den oben genannten Multipolfeldern [28, 20] : 

Ap(x) = P (211")t 2:(2.:\ + 1) ti>'D}" (<p-y, 0" 0) 
>. 

(AM>.,,(X) + i P AE>.,,(x)) . 

(2.60) 

(2.61) 

Dabei ist (p die Polarisationsrichtung der Welle und (<p-y, O-y) die Richtung ih­
res Wellenvektors k. D}" sind Transformationsmatrizen von einem Koordina­
tensystem mit der z-Achse parallel zu k zum aktuellen Koordinatensystem. 
Die Normierungsvorschrift liefert 

(2.62) 

G1.(2.61) führt zu einer wichtigen Beziehung zwischen den Matrixelementen 
und Wirkungsquerschitten für Photoabsorption und Coulombdissoziation in 
erster Ordnung der Störungstheorie : 

.:\ + 1 q2>'-1 dB 
a:ts(Ii -+ 1,) = (211")3_.:\- ((2.:\ + I)!!? dE (11" .:\,Ii -+ 1,). (2.63) 

Diese Beziehung geht verloren, falls höhere Ordnungen der Coulombanregung 
wichtig werden. Der Wirkungsqurschnitt für Photoabsorption seinerseits ist 
eng mit dem inversen Prozeß des Strahlungseinfangs verwandt. Die Unter­
schiede in der Dichte der Endzustände pro Energieintervall 

q2dn 
d{!, = (211" )3~c (2.64) 

und der Spinkonfigurationen von Anfangs- und Endzustand, werden vollständig 
durch das Prinzip des detallierten Gleichgewichts berücksichtigt [48] : 

(2.65) 
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Dabei ist E-y = hqc die Energie des Photons. Diese Beziehung ist beson­
ders nützlich, falls der interessierende Wirkungsquerschnitt experimentell nur 
schwer zugänglich ist (z.B. Strahlungseinfangsreaktionen der Astrophysik), 
während der inverse Prozess, die Photoabsorption, sehr wohl meßbar ist. 

2.5 Methode der äquivalenten Photonen 

Der einfache Zusammenhang zwischen den Matrixelementen der Photoab­
sorption und der Coulombanregung erlaubt es, den differentiellen Wirkungs­
querschnitt für reine Coulombanregung wie folgt zu schreiben: 

Daraus ergibt sich 

Jlu7r )" 
CD 

dE dn 
dn7r ),,(E) u~ts(E) 

dn E 
(2.66) 

(2.67) 

Diese Beziehung gibt eine einfache Interpretation von n7r )" als die Zahl der 
virtuellen Photonen pro Energieintervall die dem elektromagnetischen Feld 
des bewegten Target in ihrer Wirkung äquivalent sind. Aus der Definition 
von Gl.(2.53) folgt außerdem die stoßparameterabhängige Dissoziationswahr­
scheinlichkeit 

mit 

P(b) = J ~ N7r ),,(w, b)u:ts(w) 

dn7r )" (w) 
db = 211" b N7r),,(w, b). 

(2.68) 

(2.69) 

N7r ),,(w, b) läßt sich aus der Dissoziationsamplitude und -wahrscheinlichkeit 
mit dem Photodissoziationsquerschnitt (siehe Gl.(2.35), Gl.(2.50), Gl.(2.53)) 
berechnen. Nutzt man die Beziehung zwischen Stoßparameter und Streuwin­
kel Gl.(2.14) aus, so ergibt sich: 

(2.70) 

Wenn eine geradlinige Trajektorie vorausgesetzt wird, findet man die äqui­
valenten Photonenzahlen der führenden Multipolordnungen [25] : 
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mit X = wb. 
"'(v 

2 ( C) 2 [ V
2 
X2 ] ;Z;a; XKo(X)K1(X) - -W(K;(X) - K5(X)) , 

~Zi" [XKO(X)K1(X) - ~2 (Ki(X) - KJ(X))] , 

2 (C)4 [V2 
v
2 

-Z;a - 2(1 - 2" )K; + X(2 - 2" )Ko(X)K1 (X) 
7r V C C 

_ V;~2 (K;(X) - K5(X))] 

(2.71) 
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Kapitel 3 

Teilcheneinfang und 
Photodissoziation 

3.1 Absorption und Emission von elektroma­
gnetischer Strahlung durch Kerne 

Die Emission und Absorption von Strahlung durch Materie lassen sich mit 
Hilfe der Quantenmechanik beschreiben. Der Hamiltonoperator eines Kerns, 
der in Wechselwirkung mit dem elektromagnetischem Feld steht, lautet: 

Hierbei sind die Hamiltonoperatoren gegeben durch: 

"""2 

HKern = ~ ~i + V(ri) + ~ V(I ri - rj 1), 
t t 3 

1 J 3"""2 """2 HFeld = 871" d r(E (r, t) + B (r, t) ), 

H1nt(r, t) = J d3r( p(r, t) <p(r, t) - ~J(r, t) Ä(r, t)). 

(3.1) 

(3.2) 

(3.3) 

(3.4) 

Der Hamiltonoperator H Kern bestimmt die Eigenzustände des Kerns über 
die stationäre Schrädingergleichung : 

(3.5) 
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Es handelt sich dabei um ein sehr kompliziertes Vielteilchensystem, beste­
hend aus teilweise identischen Teilchen, das oft nicht exakt gelöst werden 
kann. 

Das mittlere Kernpotential V(ri) wird von den Nukleonen und deren 
Wechselwirkungen erzeugt. Eine mikroskopische Beschreibung wird im Prin­
zip durch das Hartree-Fock-Verfahren gegeben, siehe dazu das Lehrbuch von 
Ring und Schuck [33]. Diese Rechnungen werden aber in der Praxis schnell 
sehr kompliziert. Allerdings sind phänomenologische Potentiale in der Be­
schreibung von Kernspektren bzw. Kernreaktionen in der Regel ausreichend. 
Die Zweiteilchenwechselwirkung enthält Anteile der Wechselwirkungen, die 
im mittleren Feld nicht berücksichtigt wurden. Sie führt daher zu kurzreich­
weitigen Korrelationen zwischen den Nukleonen, z.B. zu Paarungsphänome­
nen. Dabei koppeln zwei identische Nukleonen zu spinlosen Paaren. 

Eine weitere Vereinfachung des Problems stellt die Zerlegung des Kerns 
in eine Reihe von Nukleonengruppen dar, die man Cluster nennt. Diese Zer­
legung basiert auf der Tendenz der Nukleonen, in mehr oder weniger sta­
bilen Gruppen aufzutreten. Es handelt sich dabei meistens um Protonen, 
Neutronen, Deuteronen, Tritium-Kerne und a-Teilchen. Die Wellenfunktion 
des Kerns wird durch eine Überlagerung aller möglichen Clusterkonfiguratio­
nen gebildet. Dies ist die Grundlage der modernen Beschreibung von leich­
ten Kernen mit der Generator coordinate method (GCM) [34, 33] bzw. der 
Resonating-Group Method [35, 36, 37, 38, 39, 40]. Die mit diesen Modellen 
gewonnenen Wellenfunktionen können dann zur Berechnung von elektroma­
gnetischen Matrixelementen verwendet werden. Eine gute Beschreibung der 
experimentellen Daten erfordert jedoch eine gen aue Anpassung von vielen 
Potentialparametern, welche zum Teil kritisch werden kann. Die gängigsten 
Ansätze für die nukleare Wechselwirkung zwischen den Clustern bei niedrigen 
Energien sind das 8- oder Kontaktpotential 

V(r) = Vo 8(T) (3.6) 

und das Rechteckpotential 

V(r) = V, (r :::; a). (3.7) 

Beide betonen die kurze Reichweite der Kernkräfte. Als realistischeres Po­
tential gilt das Woods-Saxon Potential 

V(r) _ Vw 
- 1 (r-Rw ) , +exp aw 

(3.8) 
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wobei Vw die Tiefe, Rw die Reichweite und aw die 'Diffuseness' des Woods­
Saxon Potentials bezeichnen. Es wird dabei oft die Parametrisierung aw ~ 
0.65 fm gewählt, welche einer Reichweite von ca. 1.3 fm für die Kernkräfte 
entspricht. Gl.(3.8) stellt eine Fermi-Funktion dar, die für aw -+ 0 in ein 
Kastenpotential übergeht. 

Die oben genannten Potentiale reichen bereits aus, um viele elektroma­
gnetische Prozesse adäquat zu beschreiben. Ein Potential, welches die Kom­
plexizität der nuklearen Wechselwirkung besser zum Ausdruck bringt, ist das 
Minnesota-Potential [30]. 

Der Wechselwirkungsoperator HInter, t) erzeugt Übergänge zwischen den 
verschiedenen Eigenzuständen von Materie und Strahlungsfeld, durch die die 
Absorption bzw. die Emission von Photonen beschrieben wird. Der Feldope­
rator Ä( T) agiert auf das Strahlungsfeld durch Erzeugung und Vernichtung 
von Photonen. Es gilt in der Coulombeichung 

A(r, t) = L: L: aqP Aqp(r, t) + a~pÄ~p(r, t) . (3.9) 
q P=±l 

Ein Photon wird beschrieben durch die ebene Welle 

(3.10) 

Dabei ist €P der Polarisationsvektor mit €P .1i = 0 und mit dem Normie­
rungsfaktor aus Gl.(2.62). Die elektromagnetischen Felder werden wie folgt 
berechnet: 

und 

... 10A 
E=--­

C ot 

Die Energie des elektromagnetischen Feldes ist dann gegeben durch 

(3.11) 

(3.12) 

(3.13) 

mit der Photonendichte pro Mode npq = apq apq . Die Eigenzustände des 
elektromagnetischen Feldes können durch die Besetzungszahlen der Moden 
dargstellt werden : 

(3.14) 
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Sie sind Eigenfunktionen der Dichteoperatoren 

npq= a~ aqP (3.15) 

mit den Erzeugungs- bzw. Vernichtungsoperatoren a~ und aqp. Es gilt: 

aqP 1 nqP > Jnqp 1 nqp-1 >, (3.16) 

a~ 1 nqP > Vnqp + 1 1 nqp + 1 >, (3.17) 

[ aqP ,atpf ] - aqP atpf - atpf aqP 

- 83
( q - q/) 8PPf . (3.18) 

Der Wirkungsquerschnitt für den Strahlungseinfang eines Teilchens ist gege­
ben durch 

2~ - - 2 
0" = r; I< f 1 J.A(r, t) 1 i >I (11· (3.19) 

Dabei ist (1! die Anzahldichte der Endzustände. 
Der Erwartungswert der Stromdichte lautet [20] : 

< f 1 J(r, t) 1 i >= 2~ t 
3=1 

J {-i[1fj'V j1fi - (\7 j1fj)1fi] 

+ Kj'Vj x [1fjO"j1fiJ) 83(r - r'j)drldr2 ... drN . 

(3.20) 

Die Zustände 1fi und 1ff sind Funktionen der Clusterkoordinaten rl, r2, ... rN. 
Die Stromdichte enthält einen Konvektionsanteil, der von der Bahnbewe­
gung der Ladungen herrührt, und einen Magnetisierungsanteil, der von den 
Spins der Cluster erzeugt wird. Die Faktoren Kj bezeichnen die magneti­
schen Momente in Einheiten von Kernmagnetonen. Es gilt für Protonen und 
Neutronen 

K p = 2.79 (3.21) 

und 
Kn = -1.91. (3.22) 
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3.2 Teilcheneinfang durch einen spinlosen 
Core 

Wir behandeln hier zunächst den Strahlungseinfang von leichten Spin 1/2-
Nukleonenclustern (Teilchen b) durch einen spinlosen Kern (Teilchen a). Die­
ser Spezialfall kommt sehr häufig vor. 

Die Wechselwirkung des Kerns mit den Nukleonenclustern wird dabei 
durch ein phänomenologisches Kernpotential beschrieben. Die Eigenfunktion 
des Systems (a, b) lautet im gebundenen Zustand 

'l/JJ = L91f < ZJmJ - TJ8JTJ I IJmJ > ymr 1"f(f) X:~ (3.23) 
1"f 

und im Kontinuum 
00 

I k82T2 >= L {4 7l"(2Zi + 1)}1/2 i l; eiß1
; 91;(kr) i(?(f) X:~, (3.24) 

1;=0 

wobei 82, T2 die Spinquantenzahlen des einfallenden Clusters b und I" mJ die 
des Endkerns (c = a + b) sind. Die 91;(kr) bzw. 9If(r) sind die Radialteile 
der Eigenfunktionen. Dabei stellt ßI; die gesamte Phasenverschiebung durch 
nukleare und elektromagnetische Wechselwirkungen dar. Die Spineigenfunk­
tionen lauten explizit 

(3.25) 

(3.26) 

Die so definierten Spinzustände sind Eigenfunktionen des Spinoperators a3 

(3.27) 

mit 
3 (1 0) a = 0 -1 . (3.28) 

Aus der Multipolentwicklung für Photonen Gl.(2.61) folgt, daß die Pho­
tonenemission eines nuklearen Zweiclustersystem in der Langwellennäherung 
durch folgende Wechselwirkungen beschrieben werden kann [41, 42] : 

(3.29) 
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Die auftretenden Hamiltonoperatoren sind gegeben durch : 

H~I(r) = -iN-y {f-eqf.L (:;1 - ~) P D~p(<p-y,B-y,O)OEl(r) Y{*(f), 

(3.30) 

eq'fi h ( ) ( ) N-y 2Mpc Dvp <p-y, B-y, 0 OMI r 

[ ZI Zi ] -... ( ) 
X M pf.L(M

I 
+ M~)L + K l (71 + K2(72 ,cv ' 3.31 

H~2(r) = -N-y frie q2f.L2 (:;i + !?) P D;p( <p-y, B-y, 0)OE2(r)Y{*(f). 

(3.32) 
Dabei ist r der relative Abstand zwischen den Clustern, K l (2) sind die magne­
tischen Momente in Kernmagnetonen und f.L ist die reduzierte Masse der Clu­
ster. Die D~p( <p-y, B-y, 0) sind die Transformationskoeffizienten der Kugelfunk­
tionen llm(f) in einem Koordinatensystem, in dem sich das elektromagneti­
sche Feld in Richtung (<p-y, B-y) ausbreitet. Dabei bezeichnet P die Helizität 
des Photons. Ein Drehimpulsoperator J = (J1, J2, J3) läßt sich allgemein 
durch folgende Algebra definieren: 

[Ji, Ji] = Ji Ji - Ji f 
= iCijkJk. (3.33) 

Die Gesamtdrehimpulsoperatoren J2, J3 definieren seine Eigenfunktionen. 
Für die Kopplung von zwei Drehimpulsen gilt 

I JM >= I: < jlmlhm2 I JM > I jlml > I j2m2 > . (3.34) 

Die Entwicklungskoeffizienten werden als Clebsch-Gordan-Koeffizienten be­
zeichnet. 

Die orthogonalen Einheitsvektoren Cv lauten in einer Standardbasis {CI, C2, C3} 

des Raumes mit C3 = co 

(3.35) 

(3.36) 
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Sie bilden eine vollständige sphärische Basis des dreidimensionalen Raum 
und sind Eigenfunktionen des Spin-Einsoperators 83 

(3.37) 

mit 

1 (1 0 0) 
S3 = /ö 0 0 0 . 

v2 0 0 1 
(3.38) 

Wir verzichten hier auf eine ausführliche Darstellung der Drehimpulsalgebra 
und verweisen auf die sehr umfangreiche Literatur [27, 20] . 

Die Radialabhängigkeit der Wechselwirkung wird beschrieben durch die 
Operatoren 

und 

OMl(r) ~ 1, 

OEl(r) ~ r 

(3.39) 

(3.40) 

(3.41) 

welche jeweils für die magnetische Dipol-, elektrische Dipol- und Quadru­
polwechselwirkungen stehen. Diese Ausdrücke gelten für qr ~ 1, d.h. für 
kleine relative Abstände der Cluster. Obiger Ansatz wird durch den relativ 
schnellen Abfall der gebundenen Wellenfunktionen außerhalb des Kernradius 
gerechtfertigt. Für größere Abstände müssen im Prinzip die exakten Radial­
teile der elektromagnetischen Multipolfelder verwendet werden. Bailey et al 
[43] haben aber auch in diesem Fall brauchbare Näherungen für die radialen 
Operatoren angegeben : 

3
3 

[(p2 _ 2)sinp + 2pcosp] T, 

P 

~ (sinp + pcosp), 
2p 

_ 1~ [(5p2 _ 12)sinp + (12 _ p2)pcosp]r2. 
p 

(3.42) 

(3.43) 

(3.44) 

Dabei haben wir die Hilfsvariable p = qr verwendet. Eine kompaktere Schreib­
weise des Dipoloperators lautet 

(3.45) 
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Mit Hilfe dieser Operatoren können wir die Matrixelemente auch unter Berück­
sichtigung der Coulombwechselwirkung im Endzustand berechnen. 

Der Wirkungsquerschnitt für den Teilcheneinfang ist gegeben durch 

2 

(271")3 nc I: I< '1/;, 1 Hfnt(r') 1 'l/;i >1 2 

mJ,T2,P 

da 1 271" 
dn-y = (2Sa + 1)(2Sb + 1) nVi 

(3.46) 
Dabei ist Vi die Geschwindigkeit des einfallenden Clusters. Es wird die Spin­
summierung bzw. -mittelung vorgenommen. Wir finden 

(3.4 7) 

falls die Summe nur über Paarungen (m" 72) läuft, bei denen m, -72 konstant 
gehalten wird. Die restlichen Paarungen sind nicht von Interesse, weil die 
entsprechenden Winkelintegrationen in den Matrixelementen Null ergeben. 
Nach einer längeren aber einfachen Rechnung ergibt sich für den totalen 
Wirkungsquerschnitt 

2 

I: J dn-y < 01,m,II:PD~p(<p-y,e-y,0) Y{*(f) OE,\(r) IkS2ß2 > 
mJ,ß2 Pli 

871"(21, + 1) I: (21i + 1) (~ ~ 16) 2IR~nJI2. (3.48) 
I. 

Wir haben dabei die Formeln für die Raumwinkelintegration über drei Ku­
gelfunktionen, die Vollständigkeitsrelationen für die die Wigner'schen 3j­
Symbole [27] und die Orthogonalitätsrelationen für die Transformationsko­
effizienten D~ 11 [27] verwendet. Schließlich findet man für den totalen Wir­
kungsquersch~itt in elektrischer Dipolnäherung 

wobei 

a
1
(n,-y) = ~ a(n,-y) 

L...J lli ' 
li 

(3.49) 

a(n,-y) = 1671" a (z~}~? E~ (21, + 1)(21i + 1) (li 1 1,)2
1 

(1) 12 ( ) 
1Ii 3 (nc)3 ~ (2s1 + 1)(2s2 + 1) 0 0 0 RlillJ' 3.50 
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mit der Definition 

Z(I) _ ( ZI Z2 ) 
eff - /-l - --

MI M 2 
(3.51) 

für die effektive Ladung. Das Radialintegral ist dabei gegeben durch 

(1) [00 
R1illJ = Jo dr r 2 gf(r) OEl(r) gz.{k, r) , (3.52) 

wobei man die Auswahlregel li = If ± 1 beachten muß. Dieses Resultat wurde 
in dieser Form in Ref. [1] angegeben und stimmt mit dem von Ref.[3] überein. 

Die oben definierte effektive Ladung ist ein wesentlicher Faktor für die 
Stärke der Dipolübergänge. Ein weiterer Bestimmungsfaktor ist das Radialin­
tegral, welches die Energieabhängigkeit des Wirkungsquerschnitts wesentlich 
beeinflußt. Es wird mit Hilfe von Modellwellenfunktionen berechnet. 

Die elektrische Quadrupolwechselwirkung läßt sich auf ähnliche Weise 
behandeln. Wir finden: 

".(n,"Y) _ "" ".(n,"Y) 
V2 - L..J V21i (3.53) 

li 

mit 

(j(n,"Y) = 47l'a (z~~j? E~ (2If +l)(21i+ 1) (li 2 If)2
1 

(1) 12 ) 
21i 15 (ne)5 ~ (2s1 + 1)(2s2 + 1) 0 0 0 Rl;21J • (3.54 

Die effektive Ladung ist in diesem Fall gegeben durch 

(2) 2 ( ZI Z2 ) 
Zeff = /-l Mt + Mi (3.55) 

Das Radialintegrallautet 

(1) loOO R1'21 = dr r 2 gf(r) OE2(r) gz.(k,r). 
• J 0 

(3.56) 

Die Auswahlregeln sind li = Ij, If±2. Wir sehen, daß der elektrische Quadru­
polwirkungsquerschnitt bei niedrigen Energien (E"Y ~ 10 MeV) wegen des 
Faktors (ne)2 ~ (197.327 M eV)2 fm im Nenner von Gl.(3.54) in der Regel 
viel kleiner als der entsprechende Dipolterm Gl.(3.50) ist. Ausnahmen treten 
auf, wenn die effektive Dipolladung Gl.(3.51) klein wird, oder der Dipolüber­
gang zu einem Kanal führt, der eine Resonanz enthält. 

Diese Ergebnisse lassen sich leicht auf beliebige elektrische Multipolord­
nungen verallgemeinern. Wir finden 
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871"(2.\ + 1)(.\ + 1) J-LC2o: (z~~~? q2>'+1 

.\ (2.\ + l)!J2 nc k 

(21f + 1)(2li + 1) (li .\ lf) 2 IR(1) 12 

(281 + 1)(282 + 1) 0 0 0 li>.l, 

(3.57) 

mit der effektiven Ladung 

(3.58) 

Sie verschwindet für ungerade Multipolordnungen, falls 

Z1 Z2 
Mt = M?· (3.59) 

In diesem Fall folgt eine starke Unterdrückung dieser Reaktionen im Expe­
riment. Eine vollständiges Verschwinden dieser Multipole taucht aber nicht 
auf [45] . 

3.3 Photodissoziation 

Der Wirkungsquerschnitt für elektische Multipolübergänge eines spinlosen 
Cores läßt sich aus Gl.(3.57) bei Verwendung des Prinzips des detallierten 
Gleichgewichts allgemein angeben: 

,.,.(-y,n) _ 471"(2.\ + 1)(.\ + 1) J-LC
2o: (z~~~)2 k 2>'-1 

v E>'I; - .\ (2.\ + l)!J2 nc q 

(2li + 1) (~ ~ ~r I Rfn, 1

2 

. 

(3.60) 

Die Spins der Cluster treten in diesem Ausdruck nicht mehr auf. 
Im Falle eines Cores mit beliebigem Spin erhält man eine komplizierte 

Kopplung von mehreren Drehimpulsen. Ausfürliche Untersuchungen sind in 
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der allgemeinen Literatur zu finden [27]. Christy und Mitarbeiter [41] haben 
entsprechende Modelle auf den Einfang von Teilchen ohne innere Bahndre­
himpulse angewandt. Die Struktur der Wirkungsquerschnitte bleibt dabei 
wie in Gl.(3.50), lediglich der drehimpuls abhängige Teil wird komplizierter. 
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Kapitel 4 

Eigenschaften von schwach 
gebundenen Kernen 

4.1 Einleitung 

Nach dem allgemeinen Formalismus von Kap.1 und Kap.2 werden wir uns in 
diesem Kapitel der Beschreibung von exotischen Kernen widmen. Sie werden 
dadurch charakterisiert, daß einige Nukleonen nur leicht an den zentralen Co­
re gebunden sind und der mittlere quadratische Abstand wesentlich größer ist 
als der Kernradius. Die Aufenthaltswahrscheinlichkeit im Bereich der Kern­
kräfte ist relativ klein, was zu einer Vereinfachung der mathematischen Be­
schreibung führt. Wir studieren zunächst die Eigenschaften von leicht ge­
bundenen Kernen in Kastenpotentialen bzw. Woods-Saxon-Potentialen und 
ihre elektromagnetischen Reaktionen. Ein wesentlicher Beitrag dieser Arbeit 
ist der Versuch, eine modell unabhängige Beschreibung dieser Phänomene zu 
liefern, die zu ihrem besseren Verständnis führt. 

4.2 Teilchen im Kastenpotential 

4.2.1 Grundzustände mit l = 0 

Die radialen Eigenfunktionen für das Kastenpotentiallauten : 

r < a' - , (4.1) 
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wobei 

Daraus folgt 

e - 2p,(E - 1'0) 
1i,2 

ß - J2P,~~E). 

r 2: a, (4.2) 

( 4.3) 

( 4.4) 

( 4.5) 

( 4.6) 

Dabei sind jz(z), nz(z) und hP)(z) Besselfunktionen mit halbzahligem Index 
[24]. 1'0 bezeichnet den Wert des Potentials für r ::; a und E = -B ist 
die Energie des Teilchens, a ist die Reichweite des Potentials. Die reduzierte 
Masse der Cluster ist durch 

(4.7) 

gegeben. Die Bindungsenergie wird experimentell bestimmt. Sie muß des­
halb an ein Potential angepaß t werden. Die Stetigkeit der logarithmischen 
Ableitung bei r = a führt auf die Eigenwertgleichung 

ea cot ea = -ßa. ( 4.8) 

Die Lösung des Gleichungsystems in GI. (4.6) und in GI. (4.8) muss i.a. nu­
merisch erfolgen. Analytische Näherungen sind möglich, falls die Bindungs­
energie klein ist. Wir nutzen dabei die Tatsache aus, daß Lösungen mit der 
Energie E = 0 bei solchen Werten des Potentials auftreten, für die gilt [46] : 

ea = (2n + 1)7r . 
2 

Für endliche Bindungsenergien machen wir den Ansatz 

(; (2n + 1)7r 
c"a~ 2 +x. 
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Wir entwickeln cot ea nach Potenzen von x und lösen die Eigenwertgleichung. 
In erster Näherung ergibt sich 

(4.11) 

Wir können daraus den Wert des Potentials für n = 1 abschätzen, falls die 
Bindungsenergie bekannt ist: 

Vo~--- -+x +(ßa)2. ",2 [(37l" ) 2 1 
2J-la2 2 

(4.12) 

Dieser Wert ist bereits eine gute Näherung zum exakten Wert, er kann aber 
auch als Startwert für numerische Iterationen dienen. 

Die Konstanten Ao und Bo lassen sich aus der Stetigkeit der Wellenfunk­
tion am Potentialrand und der Normierungsbedingung des Grundzustands 
bestimmen: 

( 4.13) 

Wir finden 

Bo FA, (4.14) 

wobei der Faktor F durch 
F = jo(ea) . 

ho( ißr) 
(4.15) 

gegeben ist. Die Integrale berechnen sich wie folgt : 

11 11 

dp p2j6(eap) 

- 2(e1a)3 (ea - sin (ea) cos (ea)), ( 4.16) 

12 100 

dp p2 1 ho( ißap) 1
2 

e-ßa 

2(ßa)3· 
( 4.17) 
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Der Term, der das Produkt cos ea sin ea enthält, trägt nur geringfügig zum in­
neren Integral bei und kann deshalb oft vernachlässigt werden. Falls die Bin­
dungsenergie nicht zu groß wird (x ~ 1), streben die Koeffizienten Gl.(4.14) 
gegen die Werte 

A
o 

-l- (2eß )1/2 
1 +ßa ' 

B
o 

-l- _ ( 2ß3 ) 1/2 eßa • 

1 +ßa 
(4.18) 

Letztere entsprechen der Normierungsvorschrift von Hansen und Johnson [13] 
für die äußere Wellenfunktion, die eine wichtige Rolle in der Beschreibung der 
elektromagnetischen Reaktionen von leichten Kernen spielt, siehe z.B. Ref. 
[47]. Ao und 130 unterscheiden sich nur um wenige Prozente von den exkten 
Werten und stellen deshalb eine gute Näherung dar. 

4.2.2 Grundzustände mit 1 > 1 

Die radialen Eigenfunktionen lauten im Fall 1 ~ 1 

mit 

A1j1(er) 

B1hp)(ißr) 

e = j2P,(E
n

-; VI) 

r:::; a, 

r~a 

Die Eigenwerte sind in diesem Fall Lösungen des Systems [46] : 

e+ß2 

cot ea 1 
-----

ea (ea)2 -

2p,VI 
-t;2 , 
1 1 
ßa + ß2a2· 

( 4.19) 

( 4.20) 

( 4.21) 

( 4.22) 

( 4.23) 

Falls die Bindungsenergie bekannt ist, läßt sich das Potential durch die Be­
stimmung von e festlegen. Die Lösung für ßa = 0 lautet : 

ea=mr. (4.24) 
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Die Reihenentwicklung von cot ~a führt auf 

1 x 
cotx = - -­

x 3 

mit dem kleinen Parameter x : 

x = ~a - mr. 

(4.25) 

(4.26) 

Jetzt ist n = 1. Die Eigenwertgleichung führt dann auf die iterative Lösung 

wobei: 
1 1 

D = ßa + (ßa)2 . 

Wir erhalten nacheinander die Näherugen : 

( 4.27) 

( 4.28) 

(4.29) 

(4.30) 

Letztere ist in vielen Fällen bereits eine hinreichend gute Näherung. Die­
se Vorgehensweise kann auch bei der Interpretation numerischer Resultate 
nützlich sein. 

Die Konstanten Al und BI lassen sich wieder aus der Stetigkeit der Wel­
lenfunktion am Potentialrand und der Normierung des Grundzustands be­
stimmen. Wir finden für den allgemeinen Fall (l > 0) 

1 _ a
3 

{ . (t)· (t) (1)1 J?(~a) h(l) ('ß ) h(l) ('ß )} 
A2 - -2 -)1-1 ~a )1+1 ."a + - (1) . 1-1 1, a 1+1 1, a . 

I 1 hl (1,ßa) 1
2 

(4.31) 
Dabei wurde folgende Identität benützt : 

100 

dpp2 1 hp)(ißap) 1
2= (-2

1
)1 [h}~l(ißa) h}~l(ißa) - (h}1)(ißa))2] . 

(4.32) 
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Das Minuszeichen stammt vom Imaginärteil der Wellenfunktionen und stellt 
sicher, daß das Integral postiv definit ist. Das Integral läßt sich unter Ver­
wendung der Definition 

( 4.33) 

wobei Hp)(z) eine sphärische Hankelfunktion bezeichnet, berechnen. Integra­
le über Zylinderfunktionen sind z.B. in Abramovitz-Stegun [24] und Gradstein­
Rytschik [53] tabelliert. Für den Fall 1 = 0, kann man die Rekursionseigen­
schaft 

fl-l(Z) = (21 + 1) !l(z) - fl+1(Z), 
z 

benutzen, um h~l(z) zu bestimmen. Wir finden 

h(l)(. ) _ . e-P 

-1 ~p - -~-. 
p 

Es ist aber einfacher, das Integral direkt zu berechnen. 

(4.34) 

( 4.35) 

Der erste Term auf der rechten Seite von GI. (4.31) ist klein, dies folgt aus 
der Tatsache, daß die Eigenwertgleichung sich i.A. asymptotisch (ßa ---* 0) 
auf 

(4.36) 

reduziert. Hiermit haben wir eine Methode gefunden, welche die äußeren 
Wellenfunktionen auch für höhere Drehimpulse normiert: 

B - A jl(ea) 
I - I h~I)(ißa) . ( 4.37) 

Eine gute Näherungen für die Konstanten AI und BI ist gegeben durch 

~ rv a
3 

{(_1)1 J?Cea) h(:} (ißa) hel) (ißa)} Ar - 2 1 h~l)(ißa) 12 I 1 1+1 , 
( 4.38) 

{
2 (-1)1 }1/2 

BI rv - ---0-:.,.----'--.:..,-,..--
- a3 h~:}l (ißr) h~~l (ißr) . 

( 4.39) 

Diese Koeffizienten stellen brauchbare Näherungen zu den Normierungsfak­
toren der Wellenfunktion im Kastenpotential dar. Die Lösungen für 1, = 0 
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und [1 = 1 sind wohl bekannt und einfach zu bestimmen [46], siehe GIn. 
(4.10,4.30). Falls die Bindungsenergie klein wird (ea ---+ mr) erhalten wir für 
[=1: 

A _ ( 2 1 ) 1/2 (1 + ßa) 
1 - a3 3 + 3ßa + (ßa)2 j1(ea)' 

( 4.40) 

und 

( 
ß )1/2 

BI = i 2ß3 3 + 3ßa: (ßa )2 (4.41 ) 

Die Eigenwertgleichung für [1 = 2 lautet: 

( 4.42) 

Diese Gleichung hat eine Nullstelle in der Nähe von ea = 37l' /2. Diesen wert 
können wir auf der rechten Seite von Gl.(4.42) einsetzen. Man erhält die 
Näherung 

ea ~ 4.5, ( 4.43) 

welche dem gen auen Wert besser entspricht. Dieses Problem läßt sich mit 
dem Ansatz ea = (4n -1)7l' /2 allgemeiner auf die gleiche Art behandeln. Wir 
finden für [ = 2 : 

{ 
2 (3 + 3ßa + ß2a2)2 }1/2 

A2 = a3j1(ea) (1 + ßa)(15 + 15ßa + 6ß2a2 + ß3a3) , 
(4.44) 

B = 2 3 a eßa { 
ß3 3 }1/2 

2 ß (1 + ßa)(15 + 15ßa + 6ß2a2 + ß3a3) . ( 4.45) 

Wir sehen, daß die Koeffizienten BI für schwach gebundene Kerne praktisch 
unabhängig von den speziellen Details der Clusterwechselwirkung sind. 

4.2.3 Kontinuumszustände 

Die radialen Partialwellen lauten 

Cdd~I,r) r :::; a, 
cos8ddkr) -sin8I,nl,(kr) 
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mit 

( 4.48) 

k = ( 4.49) 

Die äußeren Funktionen sind bereits so normiert, daß sie die asymtotischen 
Randbedingungen einer Streulösung erfüllen. Vii ist der drehimpulsabhängige 
Wert des Potentials. Die Forderung nach Stetigkeit der Wellenfunktion für 
zu der Bedingung : 

Cl' = cosSI;iZ;(ka) - sinSlinZ;(ka) . 
• jZ;(Klia) 

(4.50) 

Die Streuphasen S/i lassen sich aus der Stetigkeit der logaritmischen Ablei­
tung berechnen : 

S _ (ka) jli+l(ka) jZ;(K/ia) - (Klia) jZ;(ka) jli+l(Klia) 
tan li - (ka) nli+1(ka) jZ;(Klia) - (Klia) nJ;(ka) jli+l(Kli a) . 

(4.51) 

Wie haben damit einen Satz von Wellenfunktionen konstruiert, der eine ef­
fektive Beschreibung der elastischen Streuung und der elektromagnetischen 
Reaktionen bei niedrigen Energien für alle 1 ermöglicht. 

4.2.4 Elastische Streuung 

Der Wirkungsquerschnitt für die elastische Streuung eines Clusters an einem 
Core wird aus den Streuphasen berechnet, siehe z.B. [48] 

0" = ~: L: (21i + 1) sin2 Sli . 
li 

(4.52) 

In guter Näherung kann die Summation nach endlich vielen Termen abge­
brochen werden. Bei niedrigen Energien ist nur die s-Wellenstreuung von 
Bedeutung. 
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4.2.5 Elektromagnetische Dissoziation 

Die Wirkungsquerschnitte für Strahlungseinfang und für Photodissoziation 
wurden bis auf die radialen Integrale in Kap.2 berechnet. 

RI;>'lf = AI, GI; foa dr r 2 jL;(Kr) OE>.(r) jl,(er) 

+ Blf COSOI; 100 

dr r2 jL;(kr) OE>.(r) hf;\ißr) 

BI, sinol; 100 

dr r2 nL;(kr) OE>.(r) he)(ißr). (4.53) 

Die hier auftretenden Integrale können analytisch berechnet werden . 

4.3 Systeme mit Coulombwechselwirkung 

Die Methoden der vorhergehenden Abschnitte sind nur für Clustersysteme 
ohne Coulombwechselwirkung gültig. Dies trifft also nur für den Einfang von 
Neutronen zu. Möchte man den allgemeinen Fall von geladenen Clustern 
untersuchen, so müssen die oben diskutierten Methoden erweitert werden. 
Die Grundidee bleiben dabei erhalten. Falls wir auch hier einen effektiven 
drehimpulsabhängigen Potentialtopf für r< a voraussetzen, ändert sich da­
bei nur die Gestalt der Wellenfunktionen im äusseren Bereich. Eine solche 
Vorgehensweise wurde bereits mit Erfolg angwendet [3]. 

Die Kontinuumwellenfunktionen lauten : 

mit dem Sommerfeldparameter 

r2::a 

( 4.54) 

(4.55) 

7] = Zl Z2 Cl (:~) (4.56) 

und mit Cl = e2 Flic. FI(7], z). GI(7], z) sind dabei die üblichen Coulombfunktio­
nen [24, 48, 52]. Sie sind nicht mehr durch elementare Funktionen darstellbar 
und werden numerisch berechnet. Die Streuphasen werden wie folgt berech­
net: 

c _ (ka) fl~2)'(7], ka) jL;(KI;a) - (KI;a) fl~2)(7], ka) jlJ(KI;a) 
tan UI; - (1) (1) (4.57) 

(ka) h '(7], ka) jL;(KI;a) - (Kl;a) h (7], ka) jl/(KI;a) 
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Wobei die Funktionen fP,2)(TJ,p) wie folgt definiert sind: 

fP)(TJ,p) 

fl 2)(TJ,p) -

G1(TJ, p) 
p 

F1(TJ,p) 
p 

(4.58) 

( 4.59) 

Die Bezeichnung fln)'(TJ,p) bedeutet dabei die Ableitung nach p. Viele ihrer 
Eigenschaften lassen sich unmittelbar aus den entsprechenden Eigenschaf­
ten der Coulomb- bzw. Whittakerfunktionen gewinnen. Wir finden z.B. die 
Rekursionsrelation : 

Damit kann man Gl.(4.57) nur mit Hilfe von Coulomb- und Besselfunktionen 
formulieren, ohne dabei ihre Ableitungen zu verwenden. 

Die Coulombfunktionen sind mit den sog. Whittakerfunktionen [24] eng 
verwandt: 

Fl.(TJ, kr) = Cz.(TJ) Mx,y(z) 

Die Variablen x und y sind dabei gegeben durch: 

1 
x 1+ 2' 
y Z TJ, 
z -i 2kr . 

(4.61) 

(4.62) 

(4.63) 

(4.64) 

Die Whittakerfunktionen Mx,y(z) und Wx,y(z) bilden ebenfalls einen vollständi­
gen Satz von Funktionen für die Darstellung von Systemen mit Coulomb­
wechselwirkung. Insbesondere eignen sie sich zur Beschreibung gebundener 
Zustände. WX,y(z) ist nicht regulär im Ursprung. 

Die Radialwellenfunktion im gebundenen Zustand ist gegeben durch: 

91,(r) - Al,jz,(er) r :::; a, (4.65) 

HI~-)(iTJ, -ißr) 
91,(r) - BI, ßr r 2: a. (4.66) 
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Dabei ist HI~=F:) (z) wie folgt definiert: 

(4.67) 

Die Coulombstreuphase (TI ist gegeben durch 

(Tl = arg f(l + 1 + i",). (4.68) 

Die Coulombfunktionen reduzieren sich im Grenzfall '" = ° ganz natürlich 
auf [48] 

FI(",=O,p) pjl(p), (4.69) 

GI(", = 0, p) - pnl(p), (4.70) 

HI(+)(", = 0, p) phV)(p), (4.71) 

Hl-)(", = O,p) ph~2'(p). (4.72) 

Weitere Eigenschaften werden z.B. in den Referenzen [55, 56] angegeben. 
Die Funktion H/(-) mit den komplexen Argumenten von Gl.(4.67) ist pro­

portional zur Whittakerfunktion mit reellen Argumenten W-77/,li+t(2ßr), k 
wird dabei überall durch -iß ersetzt, "" sieht genau so aus wie "', jedoch 
mit k ersetzt durch ß. Die Coulomb- bzw. Whittakerfunktionen lassen sich 
z.B. aus der numerischen Lösung der entsprechenden Differentialgleichungen, 
aus ihrer Definition mit Hilfe der konfluenten hypergeometrischen Funktion 
oder aus ihren Integraldarstellungen berechnen. Sämtliche Programme ste­
hen in der Literatur zur Verfügung. Die Eigenwertgleichungen folgen aus der 
Stetigkeit der logarithmischen Ableitung. Die Potentialtiefe läßt sich iterativ 
bestimmen. Wir können unter Verwendung der Whittakerfunktionen, model­
lunabhängige Normierung für die Grundzustandswellenfunktionen angeben: 

(4.73) 

mit 
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(4.75) 

Diese Ausdrücke stellen formal eine weitere Verallgemeinerung des entspre­
chenden Normierungsfaktors der äußeren Wellenfunktion auf Systeme mit 
Coulombwechselwirkung im Endzustand dar. 

Wir haben uns in dieser Arbeit mehr auf Systeme ohne Coulombwechsel­
wirkung konzentriert, weil hier die Möglichkeit von analytischen Rechnungen 
eher gegeben ist. Somit können unsere Ideen besser entwickelt und eleganter 
dargestellt werden. 

4.4 Modellunabhängige Beschreibung 

4.4.1 Motivation 

Für die Beschreibung der Wechselwirkung im Endzustand bei niedrigen Ener­
gien gibt es verschiedene Modelle, wie z.B. das Kasten- oder das Oszillator­
potential. Beide beschreiben die experimentellen Daten. 

Die Wirkungsquerschnitte für elastische Streuung bei niedrigen Energien 
hängen nur unwesentlich von der speziellen Gestalt des optischen Potentials 
ab, sie werden vielmehr von einigen Potentialparametern bestimmt, wie z.B. 
durch die Relativenergie der beteiligten Teilchen, die effektive Reichweite, die 
Streulänge und die Bindungsenergie eines leichtgebundenen oder virtuellen 
Zustandes. Man erhält besonders einfache Ausdrücke für die Wirkungsquer­
schnitte in der effektiven Reichweitennäherung siehe Lehrbücher [28, 2, 7, 48] 
oder die Orignalliteratur [49, 50, 51]. Ähnliche Verhältnisse sind bei elektro­
magnetischen Reaktionen von leicht gebundenen Zuständen zu erwarten, da 
die Valenznukleonen sich mit großer Wahrscheinlichkeit außerhalb der Reich­
weite der Kernkräfte aufhalten und daher der innere Bereich nur geringfügig 
zu den radialen Integralen beiträgt. 

4.4.2 Kontaktwechselwirkung 

Die einfachste Methode, die nukleare Wechselwirkung zwischen zwei Clustern 
zu beschreiben,' ist die Verwendung eines Kontaktpotentials. Man kann es 
sich als Kastenpotential mit verschwindender Reichweite vorstellen, unter 
der Randbedingung, daß das Produkt V a2

, der Tiefe mit dem Quadrat der 
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Reichweite konstant bleibt, was ein sehr tiefes Potential 

2m Va
2 

'" (2N 1) 7r 
h2 - + 2 (4.76) 

erfordert. Falls die Bindungsenergie des Systems bekannt ist, läßt sich die 
Tiefe des Potentials mit den Methoden vom Abschnitt 1.2.1 errechnen. 

Die radiale Grundzustandswellenfunktion ist gegeben durch: 

(4.77) 

mi t der Normierung 

(4.78) 

Die Wellenfunktion ist zwar nicht regulär im Ursprung, bleibt aber quadra­
tisch integierbar, so daß sich sinnvolle Wahrscheinlichkeitsdichten definieren 
lassen. 

Die Kontinuumswellenfunktionen mit den Randbedingungen der elasti­
schen Streung werden gegeben durch: 

I 'lj;i(r') >= 2: {47r(21i + 1)}1/2il;eiSI;91;(kr)Yz~(k) . 
i 

( 4.79) 

Sie sind orthogonal zur Grundzustandswellenfunktion. Für die radialen Par­
tialwellenfunktionen gilt 

gZ;(kr) = cost51; jl;(kr) -sint5I;(kr), (4.80) 

wobei t51; = 0 für li 2: 1 und 

k 
tant5o =--. 

ß 
( 4.81) 

Eine weitere nützliche Eigenschaft des Funktionensystems ist die Vollständig­
keitsrelation : 

( 4.82) 
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Aus den Ausführungen von Kap. 2 folgt der Wirkungsquerschnitt für 
die elektromagnetische Dissoziation von leichten Kernen in elektrischer Di­
polnäherung: 

b,n) 47r (Z(I»)2 k (k2 ß2) ""( 1 ) (li 1 I f ) 2
1 

1
2 

( ) 
(JEI = ""3aeff + L.J 2 i + 1 0 0 0 R1illJ. 4.83 

I. 

Dabei ist k die relative Wellenzahl der Cluster im Schwerpunktsystem. Das 
Radialintegrallautet für I f = 0 

V2fJ 2k 
Rno ~ Nf (P + ß2)2 . 

Es führt auf den Wirkungsquerschnitt [2, 28]: 

(4.84) 

(4.85) 

Diese Formel beschreibt das allgemeine Verhalten des Wirkungsquerschnitts 
bis auf den Normierungsfaktor gut. Folgende Korrekturen zu GI. (4.85) sind 
vorgeschlagen worden [28]: 

N2 - 1 
f - 1- ßa 

(4.86) 

bzw. [13] 
eßa 

Ni = (1 + ßa)1/2 . 
(4.87) 

Letztere wurde in dieser Arbeit als Normierung der äußeren Wellenfunktion 
im Kastenpotential abgeleitet. 

Der Quadrupolnäherung ergibt 

(4.88) 

mit dem Radialintegral 

(4.89) 
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Daraus folgt 

(4.90) 

Der E2-Wirkungsquerschnitt ist in etwa drei Größenordnungen kleiner als 
der EI-Querschnitt bei niedrigen Energien (E ~ 10 MeV). 

Diese Art der Beschreibung elektromagnetischer Prozesse wurde von Be­
the und Longmire [57] für die Photodissoziation des Deuterons vorgeschla­
gen. Seitdem wird sie in vielen Bereichen der Physik bei der Beschreibung 
schwachgebundener Systeme in Atomen [58], Kernen [59] und Festkörpern 
[60] verwendet. Sie stellt eine nützliche Methode der Quantenmechanik dar. 
Ihr Anwendungsbereich ist jedoch oft auf Clustersysteme ohne relativen Bahn­
drehimpuls beschränkt. Wir geben in dieser Arbeit eine Verallgemeinerung 
an. 

4.4.3 Verallgemeinerung auf den Aufbruch von Zu­
ständen mit relativem Bahndrehimpuls =1= 0 

Bei den Ausführungen des letzten Abschnitts wurde eine sehr kurze Reich­
weite der Kernkräfte vorausgesetzt, was nur für s-Wellen zutrifft. Die Tatsa­
che aber, daß der Wechsewirkungsbereich für schwachgebundene Kerne nur 
geringfügig zu den Radialintegralen in GI. (4.83) beiträgt, erlaubt uns, in 
guter Näherung diese Integrale ganz allgemein durch ihren äußeren Anteil 
anzunähern. Die Verhältnisse sind besonders einfach im Falle von direkten 
Aufbruchreaktionen mit Dl; ~ O. 

Die Grundzustandswellenfunktion ist gegeben durch 

(4.91) 

mit dem Normierunsfaktor vom Kastenpotential GI. (4.37). BI, = Nf'V2ß3 
Die radialen Integrale sind in der Langwellennäherung gegeben durch, 

(4.92) 

Ein weiterer Vorteil des Modells ist, daß die radialen Integrale für alle gültigen 
Werte des Grundzustandsdrehimpulses begrenzt sind. 
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Wir finden für p-Wellengrundzustände bei Beschränkung der Integration 
auf den Außenraum : 

(4.93) 

Dabei wird der Beitrag der d-Welle zur Photodissoziation wegen der Zentri­
fugalbarriere vernachlässigt. Wir berechnen nun den Photodissoziationsquer­
schnitt unter Verwendung niederenergetischer Streuphasen [7] : 

mit 

k 
tanbo ~ -­

K 
(4.94) 

(4.95) 

Im Fall kleiner K zeigt der Wirkungsquerschnitt einen ausgeprägten Peak. 
Wir finden für d-Wellengrundzustände 

(4.96) 

bzw. 

(4.97) 

und 

(4.98) 

Dieser Ausdruck zeigt keinen Peak mehr bei niedrigen Energien. Ein solches 
Verhalten wurde auch von Sagawa beobachtet [10]. 

Schließlich finden wir im allgemeinen Fall des Grundzustandes mit Bahn­
drehimpuls l, > 0 die Radialintegrale [64] 

(4.99) 

44 



= 

und 

(4.100) 

Damit läßt sich der Photodissoziationsquerschnitt allgemeiner berechnen. 
Wir möchten hier noch auf das bemerkenswerte Verhalten des Teichenein­
fangquerschnitts hinweisen, welcher für S - Welleneinfang bei niedrigen Ener­
gien divergiert. Dies wird aus GIn. (4.83 , 4.93 ) unter Berücksichtigung des 
detallierten Gleichegwichts G1.(2.65) ersichtlich. 

4.4.4 Aufenthaltswahrscheinlichkeit in klassisch verbo-
tenen Regionen 

Ein Problem, das der Berechnung des mittleren quadratischen Radius sehr 
ähnelt, ist die Bestimmung der gesamten Wahrscheinlichkeit dafür, daß die 
Kerne soweit voneinander liegen, daß sie keine nukleare Wechselwirkung mehr 
verspüren. Diese wird gegeben durch: 

(4.101) 

Dieses Problem ist in Ref.[62] numerisch studiert worden. Wir verwenden 
hier die Normierungsvorschriften aus GI. (4.39), um die Ergebnisse analytisch 
anzugeben. Dabei ergibt sich 

und 

1 
Po ~ 1 + x ' 

P
l 
~ 2ExpE2 (2x) + X (4ExpE1 (2x) + 1) 

3 + 3x + x2 

( 4.102) 

(4.103) 

p. rv 18ExpE4 (2x) + 36xExpE3 (2x) + 30x2ExpE2(2x) + x3(12ExpE1 (x) + 1) 
2 - (1 + x)(15 + 15x + 6x2 + x3 ) 

(4.104) 
mi t der Abkürzung 

ExpEn(x) = exp(x) En(x) . ( 4.105) 
,-

Die Exponentialintegrale En(x) können rekursiv berechnet werden [24]. 
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Abbildung 4.1: Aufenthaltswahrscheinlichkeit in klassisch verbotenen Regio­
nen als Funktion von x für l, = 0 (durchgezogene Linie), l, = 1 (gestrichelte 
Linie) und l, = 2 (gepunktete Linie). 

46 



= 

Abb. 4.1 zeigt die Aufenthaltswahrscheinlichkeit P als Funktion von x. 
Das asymtotische Verhalten für x = ßa -+ 0 ergibt sich zu 

Po rv 1, 

PI 
2 

rv -
3 

(4.106) 

und 
2 

( 4.107) P2 ~ -. 
5 

Diese Ergebnisse stimmen mit der Literatur [61, 62] überein. Darüber hin­
aus können wir die asymptotischen Werte für höhere Drehimpulse (1, ~ 0) 
allgemein angeben : 

(21, + 1) 
(4.108) 

Wie man sieht, sind die Effekte der Drehimpulsbarriere in diesem Formalis­
mus einfach zu erklären. Die Aufenthaltswahrscheinlichkeit im Außenraum 
ist sehr gering für Zustände mit I, > 2. Die Dissoziationsquerschnitte bei 
niedrigen Energien sind geringer. Das gleiche Verhalten für den mittleren 
quadratischen Radius wird im nächsten Abschnitt beschrieben. 

4.4.5 Mittlere quadratische Radien 

Wir können mit Hilfe der äußeren Wellenfunktionen den mittleren quadra­
tischen Abstand p2 zwischen zwei schwach gebundenen Clustern berechnen, 
oder anders gesagt, die sogenannte Halogröße bestimmen. Wir machen den 
Ansatz 

( 4.109) 

Der Beitrag des inneren Bereichs des Kerns variiert wenig mit der Bindungs­
energien, welche wesentlich kleiner als das Wechselwirkungspotential ist. Wir 
werden diesen Beitrag daher zunächst vernachlässigen. 
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Der Fall 1, = 0 ist von Hansen und Jonson [13] analytisch beschrieben 
worden. Sie fanden 

p2 1 1 + 2ßa + 2ß2 a2 

a2 2ß2a2 1 + ßa 
(4.110) 

Die Fälle I, = 0,1,2 sind von Riisager et al [61, 62] unter Verwendung ver­
schiedener Modelle der Kernwechselwirkung numerisch studiert worden. Wir 
studieren hier den Fall 1, = 1 und finden 

P2 ~ B 2 e-
2ßa 

(~+ 3ßa + a2ß2) 
If 2ß5 2 ' 

(4.111) 

was zusammen mit der von uns angegebenen Normierung im Kastenpotential 
zu folgender Gleichung führt: 

p2 1 5 + 6ßa + 2ß2a2 
a2 - 2ßa 3 + 3ßa + (ßa)2 . 

(4.112) 

Wir erhalten insbesondere das asymptotische Verhalten für x = ßa -t 0 

p2 5 
--t-
a2 6ßa' 

(4.113) 

was bis auf leichte numerische Abweichung dem Skalenverhalten von Riisager 
et al [61] für Ein-nukleonen-halos mit Bahndrehimpuls entspricht: I, = 1, 

p2 = 3.65 Me V1
/

2 im 

a2 JBa2 
(4.114) 

B ist dabei die Bindungsenergie. Dies ist mit dem mittleren quadratischen 
Radius von S-Wellenzuständen zu vergleichen 

2 1 
P -t 2ß2 ' (4.115) 

welcher bei kleinen Bindungsenergien größer wird. Der mittlere quadratische 
Radius von d-Wellen läßt sich wie folgt schreiben: 

36 exp(2x)E2(2x) + x (72 exp(2x)E1(2x) +37) + 14x2 + 2x3 

2 (1 + x)(15 + 15x + 6x2 + x3 ) 

(4.116) 
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Abbildung 4.2: 5- als Funktion von x. Die Kurven sind wie in Abb 4.1 be­
zeichnet. 

49 



Abb.4.2 zeigt die Abhängigkeit des mittleren quadratischen Radius von 
x. Der mittlere Abstand strebt für x = 0 gegen einen konstanten Wert. Wir 
erhalten für lf = 2 : 

(4.117) 

Dies läßt sich gut mit dem numerischen Ergebnis aus Ref.[61] vergleichen 

(4.118) 

bei dem der Beitrag des Wechsewirkungsbereichs mitberücksichtigt wird. 
Man kann das asymptotische Verhalten der mittleren Haloradien auch allge­
mein studieren. 

Das äußere Integral läßt sich in diesem Fall schreiben als: 

(4.119) 

Die CIJ.II sind Koeffizienten, die sich aus der Definition der sphärischen Han­
kelfunktionen berechnen lassen. Wir unterscheiden zwei wichtige Fälle bei 
der Berechnung dieser Teilintegrale [62] : 

a) Falls 2If-2-J-l-v = n:::; 1 ist, dann divergieren diese Teilintegrale. Im 
Falle n = 1 ist diese Divergenz geringer als die 1/ ß-Divergenz im Fall n = O. 
Die sphärische Hankelfunktion hl,(ißr) hat bei geringer Bindungsenergie die 
Asymptotik 

h ( 'ß ) rv _(_ ")1, (21f - I)!! -ßr 
I, Z r - Z (ßr)I'+l e (4.120) 

Wir kommen damit zu einer Abschätzung für Bf : 

(4.121) 

Das Integral in GI. (4.119) ergibt eine logarithmische Divergenz, falls n = 1, 
die für ßa = 0 durch den Normierungsfaktor GI. (4.121) absorbiert wird und 
schließlich keinen Beitrag zum Haloradius liefert. 
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Der maximale Divergenzgrad des mittleren quadratischen Radius ist für 
(11 = 11 = 0) erreicht. Er verhält sich dann wie 

( 4.122) 

Dieser Ausdruck divergiert asymptotisch für l, :::; 1 und verschwindet sonst. 
Der erste Fall entpricht der Bildung von Halos [61] und ist in dieser Arbeit 
GI.(4.110, 4.112) analytischs berechnet worden. 

b) Falls n :2: 2, dann konvergieren die Teilintegrale, so daß der maximale 
Divergenzgrad (11 = 11 = 0) Null wird, was der Näherung in GI. (4.121) 
entspricht. Wir finden für den mittleren quadratischen Radius 

( 4.123) 

wobei mit Em(z) ein Exponentialintegrale [24] bezeichnet sind. Außerdem 
gilt: 

1 
Em(O) = . 

m-1 
(4.124) 

Schließlich finden wir 

(4.125) 

Der Beitrag des inneren Integrals zum mittleren quadratischen Radius 
läßt sich wie folgt berechnen : 

(4.126) 

Das Integral in GI.(4.126) ist analytisch gelöst werden, numerische Verfahren 
sind aber hier vorzuziehen. Das Resultat wird Wert vom entsprechenden Wert 
für ea oder allgemein vom verwendeten Modell abhängen. 

Diese Ergebnisse zeigen, daß p nicht divergiert, aber unter Umständen 
wesentlich grösser als a sein wird, d.h. 

p :2: a + 0.65 im. (4.127) 

In diesem Fall kann man auch von Nukleonenhalos sprechen. In der Definition 
von Riisager et al. [61] wurde er Fall nicht mitberücksichtigt. Er ist aber 
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nicht ganz unwichtig , da solche Halos auch bei größeren Kernen für 1 f = 2 
auftreten können. Diese Möglichkeit wird für größere Drehimpulse sehr stark 
eingeschränkt, da p asymtotisch wesentlich kleiner als a wird, wie die GIn. 
(4.123,4.124) zeigen. Unsere Ausführungen zeigen deutlich, daß der äußere 
Bereich die größte Bedeutung bei der Berechnung der mittleren quadratischen 
Radien und der höheren Momente von leicht gebundenen Nukleonen (lf :S 
2) einnimmt. Sie können deshalb unabhängig vom Kernmodell abgeschätzt 
werden. Der gesamte Radius des Kerns wird gewöhnlich aus dem Core und 
dem Haloradius gemittelt : 

(4.128) 

wobei p~ der in diesem Abschnitt berechnete mittlere quadratische Radius 
ist. Ac(h) bezeichnet die Masse des Core bzw. des Haloclusters. 

4.4.6 Systeme mit Coulombwechselwirkung 

Die Methoden der vorigen Abschnitte lassen sich auf Clustersysteme mit 
Coulombwechselwirkung ausdehnen. Es ist dazu nötig die Besselfunktionen 
durch geeignet normierte Coulombfunktionen bzw. Whittakerfunktionen zu 
ersetzen. Dabei bleibt nur zu klären, inwiefern diese Beschreibung den ex­
perimentellen Sachverhalt (z.B. Schwellenreaktionen, Aufenthalt in klassisch 
verbotenen Regionen und mittlere quadratische Radien) richtig reproduziert. 
Das radiale Moment pn von Ordnung n ist gegeben durch 

pn rv Bjl°O dr r2+n 
1 W_'1,/(2ßr) 1

2 

Bjl°O dr r2+n exp [(ßl - ß2)r] W-'1,/(2ßlr) W-'1,/,(2ß2r ) 

(4.129) 

mit ßl -+ ß2 = ß. Wir verwendeten die Notation der vorangegangenen Ab­
schnitte. Die Integrale können numerisch berechnet werden. Der letzte Aus­
druck kann für lf = 0 bei Integration über den ganzen Raum durch ana­
lytische Ausdrücke [53, 54] angegeben werden, falls ßa ~ 1. Unser Ansatz 
könnte dazu helfen, die allgemeinen Bedingungen für das Auftreten und die 
Größe von Protonenhalos zu finden. Diese Frage wurde bisher nur unzurei­
chend in der Literatur [62] studiert, außerdem wurde die Energieabhängigkeit 
der Normierungskonstanten nicht vollständig behandelt. 
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4.5 Anwendung auf ausgewählte Systeme 

Die Überlegungen der vorhergehenden Abschnitte waren sehr allgemein. Wir 
möchten nun ihre Gültigkeit anhand einiger spezieller Beispiele zeigen. Es 
handelt sich dabei um leicht gebundene Clustersysteme mit relativem Dre­
himpuls 1j = 0 bzw. 1j = 1 ohne Coulombwechselwirkung im Endzustand. 
Viele diese Kerne zeigen einen großen Überschuß von Nukleonen einer Sor­
te und zerfallen durch Nukleonen- oder Elektronen- bzw. Positronenemissi­
on. Wir werden die Systeme 11 Be, 11 Li, 9 Be, 8 Li untersuchen, welche Ge­
genstand intensiver Forschunger sind. Das Interesse an exotischen Kernen 
ist durch die Entwicklung von experimentellen Möglichkeiten zur Produk­
tion und Nachweis von leichten radioaktiven Kernen gewachsen. Die mei­
sten Experimente werden an Beschleunigeranlagen (RIKEN -Wako, Japan; 
GSI-Darmstadt, Deutschland; GANIL-Caen, Frankreich; und MSU-NSCL , 
U.S.A.; etc) durchgeführt. 

Diese Kerne sind auch vom Standpunkt der Theorie her wegen ihrer be­
sonderen Struktur interessant. Sie sind zur Zeit Gegenstand zahlreicher Mo­
dellrechnungen und zeigen besonders große elektromagnetische Dissoziations­
querschnitte. Einige von ihnen spielen eine große Rolle in der Elementensyn­
these in Sternen [66]. 

4.5.1 Photodissoziation von 11 Be 

Das Clustersystem lOBe - n ist zur Zeit Gegenstand vieler Untersuchungen. 
Es ist neben dem Deuteron ein nahezu klassisches Beispiel eines schwachge­
bunden Clustersystems, wobei das Valenzneutron fern vom Core liegt (r c:::: 
5 fm) [63] und deshalb ein Halo bildet. Einige experimenteller Daten stehen 
zur Verfügung [4]. 

Die theoretische Beschreibung erfolgt zunächst im Rahmen des in die­
ser Arbeit beschriebenen Kastenpotentials. Wir berechneten die Reichwei­
te der Kernwechselwirkung (a = 3.785 fm), und bestimmten die Potenti­
altiefe (V = 37.638 MeV), die den gebundenen s-Wellenzustand mit der 
Bindungsenergie B = 0.503 MeV reproduziert, und finden für die N or­
mierungskonstanten im Kastenpotential Ao = 0.5561 fm 3/ 2 für die innere, 
bzw. Bo = 0.1127 fm 3/

2 für die äußere Grundzustandswellenfunktion. Diese 
können mit den von uns angegebenen analytischen Näherungen GIn. (4.38, 
4.39,4.10) verglichen werden, die..4.o c:::: 0.5566 fm3

/
2 und Bo c:::: 0.1113 fm 3

/
2 
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ergeben. Wir stellen fest, daß unsere Näherungen sehr gut mit den genauen 
Werten überreinstimmen ( Genauigkeit besser als 1% ) . 

Die Berechnung des Photodissoziationsquerschnitts im Kastenpotential 
erfolgt ohne Problem. Die Ergebnisse stimmen auch mit den experimentellen 
Daten gut überrein [47]. Wir prüfen nach, ob sich diese Daten auch durch 
ein Woods-Saxon-potential beschreiben lassen. Als Parameter des Potenti­
als wählen in diesem Fall für die Tiefe Vw = 33.3 MeV, die Reichweite 
Rw = 3.785 fm und die 'Diffuseness' aw = 0.65 fm. Die radialen Wellenfunk­
tionen (Partialwellen im Kontinuum) werden dabei mit Hilfe des Numerov­
oder Cowellalgorithmus [65, 68, 69] für eine homogene Differentialgleichung 
zweiter Ordnung in kanonischer Form numerisch berechnet. Wir definieren 
zunächst 'lj;n = .,p(rn). Dann wird die reduzierte radiale Schrödingergleichung 

.,pll(r) = A(r) .,p(r) (4.130) 

mit 

( 4.131) 

rekursiv gelöst: 

h2 5h2 h2 

(1 + 12An+1).,pn+l = 2(1- 12 An).,pn - (1 + 12An-1).,pn-l. (4.132) 

Dabei ist h der Diskretisierungsschritt. Das Verfahren verlangt die Vorgabe 
von zwei Startwerten. Diese sind bei Verwendung des asymtotischen Verhal­
tens der Wellenfunktion einfach zu berechnen. Für kleine Abstände folgt: 

bei großen Abständen gilt für gebundene Zustände 

.,p(r) '" exp( -ßr) 

und für Kontinuumszustände 

'Ij;(r) '" cos Ozjl( kr) - sin olnl( kr) 
'" sin(kr -17r/2 + 01) . 

Die Wellenfunktion im Bereich der Kernkräfte wird von r 

(4.133) 

( 4.134) 

( 4.135) 

Obis r = a 
aber außerhalb des Kerns in umgekehrter Richtung, also von r = 00 bis 
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r = a berechnet. Die Anpassung erfolgt an der Stelle r = 10a durch die 
Forderung nach Stetigkeit der logarithmischen Ableitung. Diese Bedingung 
bestimmt die erlaubten Werte einiger Modellparameter (z.B. Energie und 
Potentialtiefe). Die numerische Berechnung der Streuphasen wird mit Hilfe 
der logarithmischen Ableitung bei großen Abstand r durchgeführt: 

tanol" = (,r + li)jZ;(kr) - krjli-1 (kr) . 
· (,r + li)nZ;(kr) - krnli-l(kr) 

(4.136) 

Die Normierung der Wellenfunktion wird damit sehr einfach. Dieses Verfah­
ren ist eine Variante der Fox-Goodwinmethode [67], welche sich durch einen 
hohen Konvergenzgrad auszeichnet. 

Abb.4.3 zeigt den Photodissoziationsquerschnitt in Abhängigkeit von der 
Relativenergie der Cluster. Die Vorhersage der modellunabhängigen Rech­
nung ist zwar noch realistisch, liegt aber im sensiblen Bereich des Maximums 
deutlich höher als die eben beschriebenen Modelle. Dies kann man z.B. durch 
eine Änderung der Normierungsvorschrift korrigieren [64] : 

(4.137) 

Dies stellt eine unvollständige Reihenentwicklung des Normierungsfaktors 
aus Gl.(4.18) dar. Mit dieser Entwicklung wird die Überreinstimmung mit 
den Modellrechnungen wieder erlangt. 

Eine andere Möglichkeit, dieses Problem zu lösen, wird durch die Ver­
wendung realistischer Streuphasen für die Kontinuumswellenfunktion gege­
ben. Die Normierung des Grundzustands bleibt dabei ungeändert, da der 
Beitrag des Kernkräftebereichs zu den elektromagnetischen Übergängen bei 
sehr niedrigen Energien vernachlässigbar ist. Infolgedessen erstrecken sich die 
radialen Integrale nicht mehr über den ganzen Raum. Der Dissoziationsquer­
schnitt wird somit etwas reduziert. Diese Korrekturen bringen das Maximum 
des Wirkungsquerschnitts in die Nähe der experimentellen Werte. Sie reichen 
aus, um die Ergebisse der Modellrechnungen praktisch vollständig zu repro­
duzieren und liefern eine erneute Bestätigung für das Vernachlässigen des 
Beitrages des Wechselwirkungsbereichs zum Dipolübergang. 

Wie schon erwähnt, sind die experimentell gemessenen Streuphasen an 
der Schwelle durch die Wahl verschiedener Potentiale reproduzierbar. Die 
Frage nach einer modellunabhängigen Parametrisierung der Streuphasen bei 
niedrigen Energien ist besonders wichtig für die Interpretation experimen­
teller Ergebnisse in Beziehung mit gewissen Kerneigenschaften ( gebundene 
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Abbildung 4.3: Totaler Wirkungsquerschnitt für die Photodissoziation von 
11 Be im Woods-Saxon-potential ( durchgezogene Linie ), im Kastenpotential 
( gepunktet gestrichelte Linie ), in der Effektivreichweitennäherung ( gestri­
chelte Linie) und in der Effektivreichweitennäherung mit den Streuphasen 
vom Kastenpotential ( gepunktete Linie). 
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und virtuelle Zustände, Resonanzen etc. ). Für s-Wellen ist dies bereits in der 
Reichweitennäherung durchgeführt worden [49, 7, 28]. Eine Verallgemeine­
rung auf beliebige Partialwellen bleibt noch aus. Eine Klärung dieser Fragen 
würde es auch erlauben, die elatischen Streuphasen aus den Photodissozia­
tionsdaten näherungsweise zu bestimmen, und darüberhinaus Rückschlüsse 
über die Kernstruktur erlauben. Der allgemeine Ausdruck für die Streupha­
sen lautet: 

c ka jfJka) - za jZ;(ka) 
tan V/i = () , ka nt ka - za n/;(ka) 

(4.138) 

wobei z ist die logarithmische Ableitung an der Stelle r = a ist. Falls Resonan­
zen bei niedrigen Energien ausgeschlossen sind, können wir za als konstant 
annehmen. Dies führt zu dem Ansatz 

jZ;(ka) 
(k ) 

cot b/; = K/ia • 
n/i a 

(4.139) 

Dabei ist K/ eine Konstante, die von 1 und von der logarithmischen Ableitung 
z an der Stelle r = a abhängt 

(4.140) 

bzw 
za~ li(Ka+1)+1. (4.141) 

Ka-1 

Der Ansatz aus GI. (4.139) ergibt eine gute Parametrisierung der Streuphasen 
bei niedrigen Energien. Im Energiebereich E < 1.3M e V wurde K mit einer 
Genauigkeit von ca. 1% bestimmt. Die Verwendung der vollen Besselfunk­
tionen ist dabei wichtig. Die Änderung von K mit der Energie wird erst bei 
höheren Energien wesentlich. Korrekturen der Ordnung O( k2

) zu K werden 
hier deshalb vernachlässigt. Wir finden für 11 Be : 

Ka ~ 1.28. ( 4.142) 

Dieser Wert ist mit K/a = 1 für reine Potentialstreuung zu vergleichen. Die­
se Art von Parametrisierung kann bei der Analyse von Daten bei niedrigen 
Energien sehr hilfreich werden, weil die Kls eine wenn auch, nicht triviale 
Beziehung, zur Kernstruktur haben. Man wird z.B. bei .Anwesenheit eines 
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gebundenen Zustandes nahe der Schwelle erwarten, daß sich die Logarithmi­
sche Ableitung nicht sehr mit der Energie ändert, also: 

. h/J(ißa) 
za ~ "'ßa h/i(ißa)' (4.143) 

Dies stellt eine algebraische Gleichung vom Grade If + 1 für ßa dar. Für 
I f = 1 lautet sie explizit für: 

ß2a2 + ßa(2 + za) + (2 + za) = O. ( 4.144) 

Die Lösungen mit positivem ßa stellen gebundene Zustände und die Lösungen 
mit negativem ßa stellen virtuelle Zustände dar, in Analogie zur Diskussion 
von gebundenen Zuständen nahe der Schwelle [7]. Aus dieser Gleichung folgt 
für 11 B e (za ~ 4.556 ) einen virtuellen Zustand im p-Kanal bei ca. 2.44M e V, 
was relativ gut mit dem exprimentellen Wert E ~ 2.67 MeV übereinstimmt. 

11 Be ist nahezu ein idealer Halokern. Es handelt sich um ein Zweikörper­
problem mit kleiner Bindungsenergie, und dementsprechend ist die Aufent­
haltswahrscheinlichkeit außerhalb des Kerns groß. Komplikationen durch die 
Zentrifugalbarriere bzw. die Coulombwechselwirkung sind gering. 

4.5.2 Neutroneneinfang durch 12C 

Die Beschreibung des Neutroneneinfangs durch 12C ist ähnlich der Photo­
dissoziation von 11 Be. Die einzige Komplikation liegt in der höheren Bin­
dungsenergie. Der Endzustand ist in diesem Fall ein angeregter Zustand von 
13G. Einige Daten von Neutroneneinfangsreaktionen bei niedrigen Energi­
en liegen vor. Es existieren ebenfalls verschiedene Modellrechnungen [47]. 
Diese Rechnungen zeigen, daß die Daten bei sehr niedrigen Energien gut 
durch die Annahme einer Punktwechselwirkung beschrieben werden, wenn 
man den Normierungfaktor GI. (4.18) geeignet wählt. Eine deutliche Abwei­
chung tritt aber bei höheren Energien auf. Wir haben dieses Phänomen im 
letzten Abschnitt bereits auf die Vernachlässigung der korrekten Streupha­
sen zurückgeführt. Es ist auch die Genauigkeit des Normierungsfaktors Bo im 
Vergleich zum exakten Kastenpotentialparameter bei dieser Bindungsenergie 
nachzuprüfen. 

Wir haben folgende Parameter für das Kastenpotential verwendet 

a = 3.947 fm (4.145) 
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und 
Va = -37.04 MeV ( 4.146) 

um die Bindungsenergie (B = 1.86 MeV) zu reproduzieren. Außerdem setzen 
wir Vi = -48.0 MeV im p- Kanal. Die Normierungsfaktoren des Grundzu­
stands ergeben sich zu 

A _ 0.6494 
0- fm3 / 2 

und 
B _ 0.4529 
0- fm3/ 2 

Die modellunbhängigen Näherungen Gln.(4.38,4.39) ergeben 

A rv 0.6493 
0- fm3/ 2 

und 
0.4643 

Bo ~ fm3/ 2 ' 

( 4.147) 

( 4.148) 

(4.149) 

( 4.150) 

Man beachte die bemerkenswerte Genauigkeit in Anbetracht der hohen Bin­
dungsenergie. 

Abb. 4.4 zeigt die Abhängigkeit des Neutroneneinfangquerschnitts von 
der Energie. Die Verwendung von realistischen Streuphasen verbessert die 
Beschreibung. Dabei variiert K sehr rasch mit der Energie und divergiert 
bei sehr kleinen Energien. Die Streuphasen verschwinden dementsprechend 
schneller als im Fall von llBe. Der Einfluß des Kernkräftebereichs wird auch 
durch die Abweichung des modellunabhängigen Wirkungsquerschnitts vom 
realen Kastenpotential schneller bemerkbar. Dies ist durch die hohe Bin­
dungsenergie zu erklären. Man beachte, daß in beiden Fällen K merklich von 
eins, also von einer reinen Potentialstreuung abweicht. Abb. 4.5 zeigt den 
Neuroneneinfangquereschnitt in den d-Zustand von 13G mit einer Bindungs­
energie von 1.08 MeV. Die Ergebnisse mit der Effektivreichweitennäherung 
sind sehr ähnlich zur Rechnung von Mengoni et al. [70]. Dieser Quelle ent­
nahmen wir auch die experimentellen Daten in Abb. 4.5 . 

4.5.3 Photodissoziation von 9 Be 

Unsere Betrachtungen haben sich bisher auf Clustersysteme mit kurzreich­
weitiger Wechselwirkung beschränkt. Der Grundzustand von 9 Be ist aber 

59 



... 

30',-------------------------------------, 

25 
......... .......... 

... 20 .' .. ' .' 

............. -

15 

10 

5 

/.'/ 
, , , 

......... .' 

O'4-~--_r--r__.--~~--,_~--_r--r__.~ 

o 50 100 150 200 250 300 350 400 450 500 550 600 
Er (keV) 
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eine p-Welle, die effektive Wechselwirkung hat damit wegen des Zentrifugal­
potentials eine unendliche Reichweite. Die Bindungsenergie ist relativ hoch 
(1.666 MeV). Es ist also von vorneherein ist nicht klar, ob eine modellun­
abhängige Näherung in diesem Fall möglich ist. Wir haben sie in [11] vorge­
schlagen und in [64] abgeschlossen. In dieser Arbeit sollen die Ergebnisse für 
9 Be mit den Modellrechnungen aus Ref.[l] und mit experimentellen Daten 
aus Ref. [8] verglichen werden. 

Wir haben folgende Parameter für das Kastenpotential verwendet 

a = 3.6 fm (4.151) 

und 
VI = -21.026 MeV, ( 4.152) 

um die Bindungsenergie (B = 1.666 MeV) zu reproduzieren. Die Daten zur 
Photodissoziaton [8] konnten mit dem Kastenpotential 

Va = 40.493 MeV (4.153) 

angepaßt werden. Der Normierungsfaktor der äußeren Wellenfunktion be­
rechnet sich im Grundzustand zu 

B _ 0.18422 
1 - fm3/ 2 ' 

während die modellunbhängige Näherung 

B '" 0.1919 
1 - fm3/ 2 

( 4.154) 

(4.155) 

ergibt. Man beachte wieder die bemerkenswerte Genauigkeit trotz der hohen 
Bindungsenergie. Abb 4.6 zeigt den Photodissoziationsquerschnitt von 9 Be 
bei niedrigen Energien. 
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Kapitel 5 

Dissoziation von schwach 
gebundenen Kernen in 
peripheren Kollisionen 

5.1 Einleitung 

Wir haben in den vorigen Kapiteln die enge Beziehung zwischen Coulomb­
und Photodissoziation ausführlich erläutert. Diese Beziehung erlaubt es im 
Prinzip, photonukleare Reaktionsquerschnitte aus den Daten der Coulomb­
dissoziation zu gewinnen. Wir sind nun auch in der Lage Photodissoziations­
bzw. Teilcheneinfangsquerschnitte theoretisch zu berechnen (s. Kap. 3), und 
daraus Vorhersagen über die Coulombdissoziation zu machen. Andere Disso­
ziationsmechanismen können bei diesen Berechnungen ebenfalls mit berück­
sichtigt werden, wie z.B. die Absorption eines Teils der vollständigen Projek­
tilwellenfunktion durch das Target [77, 78, 79, 25] oder die Absorption einer 
Projektilkomponente (Nukleon, Cluster, etc.). Der letzte Prozeß wird strip­
ping genannt. Strippingquerschnitte von schwach gebundenen Kernen werden 
z.B. in Ref.[71] berechnet. 

Wenn man bei diesen Prozessen von möglichen Komplikationen durch das 
Anregungsschema des Projektils absieht, erscheinen Coulomb und Photodis­
soziation als beinahe äquivalente Prozesse. In diesem Kapitel werden wir die 
Verhältnisse anhand einiger Beispiele studieren. 
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5.2 Coulombdissoziation von 11 Be 

Die Methode der äquivalenten Photonenzahlen kann sehr gut am Aufbruch 
von 11 Be in peripheren Schwerionenstößen ( z.B. 208 Pb ) erläutert werden. 
Aus den grundlegenden Methoden aus Kap. 2 lassen sich auch die differen­
tiellen Dissoziationsquerschnitte errechnen. Die Dipolstärke des Übergangs 
(11 Be + Pb --+ Pb +10 Be + n) wird gegeben durch: 

_dB_ _ 9nc (-y,n)(E ) 
dEx 167r3 Ex (J" x . (5.1) 

Der dabei verwendete Photodissoziationsquerschnitt ist in GI. (4.83) angege­
ben Abb. 5.1 zeigt die Dipolstärke als Funktion der Photonenenergie. Die 
Ergebnisse stimmen mit den experimentellen Daten aus Ref. [4] gut überein. 

Die Abhängigkeit des Wirkungsquerschnitts vom Stoßparameter ist gege­
ben durch: 

(5.2) 

Dabei ist nw die Photonenenergie, N(w, b) die Photonendichte pro Frequen­
zintervall und pro Fläche und b der Stoßparameter. Für N(w, b) gilt [19,25]: 

(5.3) 

x = wb ist der Adiabasieparameter. Wir finden im Grenzfall X ~ 0 ( d.h. in 
"tv 

der sog. sudden approximation) : 

(5.4) 

Abb5.2 zeigt die Stoßparameterabhängigkeit des Dissoziationquerschnitts 
G1.(5.2). Der differentielle Wirkungsquerschnitt in erster Ordnung Störungs­
theorie weicht von den Daten aus Ref. [4] für kleine Stoßpaktparameter nen­
nenswert ab. 

Andere Observablen des oben beschriebenen Prozesses sind die longitudi­
nale und die transversale Impulsverteilung der Fragmente nach der Coulomb­
dissoziation. Da ihre Beschreibung nicht zum Thema dieser Arbeit gehört, 
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Abbildung 5.1: Dipolstärke als Funktion der Photonenenergie in der Ef­
fektivreichweitennäherung (gestrichelte Linie), und im Kastenpotential ( 
durchgezogene Linie ). Die gepunktete Linie folgt aus der Effektivreich­
weitennährung bei Änderung der Normierungskonstanten wie im Abschnitt 
[4.5.3 ]. 
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verweisen hier vielmehr auf die ausführliche Literatur [72, 73, 74, 75] u. ande­
re. Man erhält im allgemeinen eine gute Beschreibung der relativen Verhält­
nisse zwischen den Kanälen. Die absolute Normierung der differentiellen Wir­
kungsquerschnitte ist allerdings oft ein Problem. Wir denken, daß die in dieser 
Arbeit entwickelten Normierungsvorschriften hier nützlich sein können. 

5.3 Coulombdissoziation von 9 Be 
, 

Wir verwenden hier den gleichen Formalismus wie im vorigen Abschnitt, 
um Vohersagen über die Coulombdissoziation von 9 Be zu machen. Hierbei 
handelt es sich um einen Spezialfall eines p-Wellengrundzustandes. Die Cou­
lombdissoziationsexprimente haben sich bis jetzt auf s-Wellenzuständen kon­
zentriert, bei denen die Theorie im wesentlichen wohl verstanden ist. 

Abb.5.3 zeigt die Dipolstärke als Funktion der Photonenenergie gemäß 
Gl.(5.1). Für den Fall der Coulombdissoziation von 9 Be erwarten wir eine 
gute Beschreibung der Coulombdissoziationsexperimente mit Hilfe der Ef­
fektivreichweitennäherung. 

5.4 Nukleare Beiträge 

Die Dissoziation von schwach gebundenen Kernen wird maßgeblich durch die 
langreichweitige elektromagnetische Wechslwirkung erzeugt. Eine vollständi­
ge Diskussion der Dissoziationsprozesse, insbesondere die Frage nach der Im­
pulsverteilung der Fragmente, erfordert aber die Berücksichtigung nuklearer 
Reaktionsmechanismen. Vor allem die Absorption eines Teils des Projektils 
durch das Target spielt in diesem Zusammenhang eine wichtige Role. Das 
Target wird dabei in guter Näherung als 'schwarze Scheibe' beschrieben [77]. 
Dieses Phänomen wird für das Deuterium am elegantesten durch die Theorie 
von Akhiezer und und Sitenko [78] sowie Evlanov und Sokolov [79] beschrie­
ben. Sie fanden den dreifach differentiellen Wirkungsquerschnitt: 

(5.5) 

Dabei ist nk der Impuls des Projektils im Schwerpunktsystem, nk1 bzw. 
nk2 sind die Impulse der Fragmente und nQ ist den Impulsübertrag an das 
Projektil während der Streuung. 
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Abbildung 5.3: Dipolstärke ~~ als Funktion der relativen Energie 
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Die gesamte 'Streuamplitude' für Coulomb- und nukleare Dissoziation 
wird dabei gegeben durch: 

(5.6) 

Die Amplitude für Coulombanregung ist dabei mit fc(q, Q) bezeichnet. Die 
durch nukleare Effekte hervorgerufene Amplitude fN( q, Q) wird für leicht 
gebundene Nukleonen in Ref. [25] berechnet: 

J1(QR) ... ... 
ikR{ Q [F( -ß2Q, V + F(ß1Q, V] 
• 2 ... ... 

2kR jd2Q,J1(Q'R) J1(1 C? - C?'I R) F(ß Q""' _ Q""', ;:;'\}. 
27l" Q' 1 Q _ Q' 1 1 , q) 

(5.7) 

Dabei ist ß1 = m2/m1 + m2, ß2 = m1/m1 + m2 und R = 1.2A~f3 fm. Der 
Formfaktor F(Q, V ist gegeben durch 

(5.8) 

wobei 'lj;f die Grund- und 'lj;i die Kontinuumzustandswellenfunktion darstel­
len. Die obere Zeile von GI. (5.7) entspricht der sog. Stoßnäherung, welche 
i.A. die Winkelverteilung der Fragmente und die Dissoziationsquerschnitte 
bei niedrigen Impulsüberträgen gut beschreibt. Die untere Zeile trägt nur 
bei höheren Energien wesentlich zur nuklearen Amplitude bei. 

Der Formfaktor F( Q, V läßt sich am einfachsten in der Effektivreichwei­
tennäherung berechnen. Das Integral in GI.(5.8) läßt sich durch Partialwel­
lenentwicklung des Übergangsoperators und des Kontinuumzustands berech­
nen. Der Wechselwirkungsradius a bildet dabei die untere Grenze des radialen 
Integrationsbereichs. Die Endlichkeit des Integrals ist damit gesichert. 

Das Integral aus GI. (5.8) läßt sich für gebundene s-Wellenneutronen bei 
Integration über den ganzen r-Bereich analytisch berechnen. Man erhält: 

""' ~ {I 1 q - Q - iß} 
F( Q, V ~ NfV 87l"ß... + 2Q("ß Q) Zn Q"ß. (5.9) (Q - q)2 + ß2 2 + q + - 2 

Dies ist bis auf den Normierunsfaktor die (komplex konjugierte) Formel von 
Akhieser und Sithenko [78]. Es sei darauf hingewiesen, daß es sich hierbei nur 
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um eine Näherung handelt. Das Integral sollte sich normalerweise nur über 
das Gebiet außerhalb der Reichweite der Kernkräfte erstrecken. Außerdem 
werden die Streuphasen in den höheren Kanälen nicht mitberückschtigt, so 
daß Gl.(5.11) nicht von allgemeiner Gültigkeit ist. Dies gilt insbesondere für 
Kerne mit einer endlichen Ausdehnung. Die exakte Lösung von GI.(5.9) ist 
jedoch von großer Wichtigkeit für das Verständnis der Dissoziationsmecha­
nismen in Schwerionenstößen und für die Beschreibung der Impulsverteilung 
der Fragmente. Wir sehen hier von diesen Schwierigkeiten ab und finden in 
der Dipolnäherung 

(5.10) 

mit den Normierungskoeffizienten Nf = BI, (2ß3)-1/2 aus GI. (4.39). Die 
obige Gleichung läßt sich bei Beschränkung der Integration auf den äußeren 
Bereich wie folgt verbessern : 

F(Q,gj ~ J27rß Nf {21°O drSin~r) e-ßr 

1 100 e-ßr+i(Q-q)r _ e-ßr+i(Q+q)r } 

iQ(ß - iq) a dr r 

(5.11) 

Dabei haben wir die Definition Li = Q - ij verwendet. Wir finden schließlich 
für den Formfaktor 

.... ~8 ß -ßa { ß sin .6.a + .6. cos ßa 
F(Q,gj~ Nf yo7rpe .6.(ß2+.6.2) 

1 e
ßa 

} 2Q q + iß[ Et(ß, Q, q) - E1(ß, Q, q) ] , 

(5.12) 

mit der Notation: 

Et(ß, Q, q) = E1(ßa - iQa ± iqa). (5.13) 

Diese Überlegungen lassen sich auch auf die Aufspaltung von Kernen mit 
beliebigen Drehimpulsen ausdehnen. Der Formfaktor läßt sich nämlich allge­
mein schreiben als: 
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(5.14) 

Die Winkelintegration läßt sich nach einer Partialwellenentwicklung der Ex­
ponentialfunktion leicht durchführen. Man findet bis auf einen Phasenfaktor: 

F(Q, if) ~ 471" BJ {l/71(A) 100 

dr r 2 j/f(D.r) h~~)(ißr) 

(q: iß) l/71(Q) 100 

dr r e-
iqr 

j/f(Qr) h/f(ißr) } 

(5.15) 

Dieser Ausdruck läßt sich mit Hilfe von Besselfunktionen und Exponentialin­
tegralen analytisch lösen, so daß wir im Rahmen dieser Arbeit nicht im ein­
zelnen darauf einzugehen brauchen. Das erste Integral Gl.(5.15) kann sogar 
der Einfachheit halber auf den ganzen Integrationsbereich erstreckt werden. 
Diese Überlegungen lassen sich auf den Fall einer Coulombwechselwirkung im 
Endzustand allerdings nicht so einfach übertragen. Man kann aber noch eine 
Partialwellenentwicklung des Übergangsoperators eiQ .r und der Wellenfunk­
tionen durchführen. Es sei noch darauf hingewiesen, daß das Matrixelement 
Gl.(5.8) auch bei der Berechnung von Effekten höherer Ordnungen der Cou­
lombwechselwirkung auftritt. 

5.5 Anwendungen 

Die Verwendung der Coulombanregung zum Studium von Kerneigenschaften 
gehört schon seit langem zum Werkzeug der Kernphysik. Mit Hilfe der Cou­
lombanregung können z.B. Riesenresonanzen sehr effektiv angeregt werden. 
In neuester Zeit wird die Coulombanregung auch zum Studium der Struktur 
von leichten radioktiven Kernen fern der Stabilitätslinie eingesetzt. Einige 
von den dabei untersuchten Reaktionen spielen eine große Rolle bei der En­
stehung von Kernen in den Sternen durch Teilcheneinfang. Da die relevan­
ten Temperaturen für kernphysikalische Verhältnisse sehr niedrig sind ( etwa 
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15keV ), ist die direkte Messung der Teilcheneinfangquerschnitte im Labor 
enorm schwierig. Diese Wirkungsquerschnitte sind wegen der Coulombbar­
riere oft nicht nur klein, sie ändern sich auch rapide mit der Energie. In der 
Praxis definiert man daher eine Größe, die sich nur relativ wenig mit der 
Energie ändert, den sogenannten astrophysikalischen S-Faktor : 

S(E) = O'capt(E) E exp(27l"7]). (5.16) 

Eine gute Übersicht über die Anwendung der Coulomb dissoziation in der 
Astrophysik kann man in dem Übersichtsartikel von Baur und Rebel [80] 
finden. 
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Kapitel 6 

Effekte höherer Ordnung in der 
Coulombdissoziation 

6.1 Motivation 

Die enge Beziehung zwischen den Wirkungsquerschnitten für Coulomb - und 
Photodissoziation hat zur Anwendung der Coulombdissoziation auch auf Sy­
steme, bei denen direkte Photonukleare Reaktionen experimentell zu erfassen 
sind, z.B. Systeme mit einem radioaktiven Kern im Endzustand, geführt. Die 
einfache Beziehung zwischen den Wirkungsquerschnitten gilt aber nur in er­
ster Ordnung der Störungstheorie. Diese reicht wegen der kleinen elektroma­
gnetischen Kopplungskonstanten oft zur Beschreibung der experimentellen 
Daten völlig aus, falls der Stoßparameter nicht zu klein wird, bzw. falls der 
Impulsübertrag in der Streuung relativ klein bleibt. Allerdings wird die Uni­
tarität der Streumatrix bei größeren Impulsüberträgen in dieser Näherung 
verletzt. Dies macht die Berücksichtigung von Effekten höherer Ordnungen 
erforderlich. Letztere können die oben erwähnte einfache Beziehung zwischen 
den Wirkungsquerschnitten für Photo- und Coulombdissoziation zerstören. 
Es ist deshalb wichtig bei vielen Anwendungen ihre Größe abzuschätzen. In 
diesem Zusammenhang sei auch erwähnt, daß neuerdings Fragen der anor­
malen Impulsverteilung der Fragmente ( Post-acceleration) aufgetreten sind, 
die man möglicherweise als Effekte höherer Ordnungen beschreiben kann. Auf 
eine befriedigende Erklärung bleibt zu warten. 

Die Effekte höherer Ordungen lassen sich im Prinzip durch die numeri-
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sche Lösung der zeitabhängigen Schrödingergleichung berücksichtigen. Dies 
ist im dreidimensionalen Raum aber technisch sehr aufwendig und die Inter­
pretation der Ergebnisse wird sehr kompliziert. 

Eine Methode, die diese Probleme umgeht, ist von Bertulani [81] vorge­
schlagen worden. Sie verwendet eine Partialwellenentwicklung der Wellen­
funktion, bei der die Zeit abhängigkeit auf den Radialteil der Wellenfunk­
tion . beschränkt bleibt. Diese Überlegungen sind neu und noch nicht ganz 
ausgereift. Es ist zu erwarten, daß die rasche Entwicklung der Computer­
technik bald neue Möglichkeiten zur numerischen Behandlung mehrdimen­
sionaler Differentialgleichungen eröffnen wird. Wir wenden jedoch in dieser 
Arbeit den traditionellen Formalismus der zeitabängigen Störungstheorie an, 
um die Effekte höherer Ordnungen in der Coulombdissoziation von schwach 
gebundenen Kernen an zwei Beispielen ( 11 Li und 9 Be) zu demonstrieren. 

6.2 Zeitabhängige Störungstheorie 

Im Laufe der Zeit sind Verschiedene Methoden zur approximativen Lösung 
der zeitabhängigen Schrödingergleichung 

/hP~~, t) = HoUe) + V(x, t)V;(x, t) (6.1) 

entwickelt worden, s. z.B. die Monographien [48, 2] und die Lehrbücher 
[82, 7, 46]. Der Hamiltonoperator des betrachteten Systems wird dabei fast 
immer in einen zeit abhängigen und in einen zeitunabhähngigen Anteil zerlegt. 
Der zeitunabhängige Anteil bestimmt die stationären Zustände des Systems, 
die ihrerseits eine vollständige Basis für die Entwicklung beliebiger Wellen­
funktionen bilden. Der zeit abhängige Anteil des Hamiltonoperators erzeugt 
Übergänge zwischen diesen stationären Eigenzuständen des Systems. 

Die Zeitentwicklung der Wellenfunktion kann am elegantesten durch den 
Zeitentwicklungsoperator im Wechselwirkungsbild dargestellt werden, s. die 
oben erwähnten Lehrbücher und Monographien sowie Refn. [83, 85, 84, 86]. 
Die Wellenfunktion ist im Wechselwirkungsbildgegeben durch: 

V;/(X, t) = exp C~ot) V;(x, t). (6.2) 
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Dabei ist 'Ij;(x, t) eine Lösung der Schrödingergleichung Gl.(6.1). Diese lautet 
im Wechselwirkungsbild : 

in %t 'lj;/(X, t) = VI(x, t)'Ij;/(x, t) , (6.3) 

wobei VI(x, t) der Störoperator im Wechselwirkungsbild ist: 

V· (.... ) (.Hot) V( .... ) (.Hot) I x,t = exp 'tT x,t exp -'tT . (6.4) 

Die Differentialgleichung (6.3) kann iterativ gelöst werden. Eine geschlossene 
Lösung ist symbolisch durch den Zeitentwicklungsoperator U(t, to) gegeben: 

'lj;/(X, t) = U(t, to) 'ljJ1(X, to), (6.5) 

wobei U(t, to) der folgende unitäre Operator ist: 

U(t, to) = T exp C~ 1: dtl VI(x, tI)) . (6.6) 

Die Anfangzeit wird üblicherweise in die ferne Vergangenheit gelegt ( t -t 
-00 ). Tin Gl.(6.6) ist der Zeitordnungsoperator: 

T(A(t)B(tI)) = 
A(t)B(tI) 
B(tI)A(t) 

t > tI; 
tI > t. (6.7) 

Die Übergangsamplitude in den Kontinuumszustand 'lj;il(r, t) ist gegeben 
durch: 

(6.8) 

'ljJli( x, t = (0) ist ein stationärer Zustand, der die Randbedingungen einer 
Streuwellenfunktion erfüllt. Aus der Übergangsamplitude können die Über­
gangangswahrscheinlichkeit und der Wirkungsquerschnitt berechnet werden. 

6.3 Sudden approximation 

Die Bestimmung des Zeitentwicklungsoperators im Wechselwirkungsbild ist 
äquivalent zur exakten Lösung der Schrödingergleichung in der üblichen For­
mulierung der Wellenmechanik. Eine exakte Lösung des Problems ist i.A. 
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nicht möglich. Es haben sich aber einige Verfahren zur näherungsweisen 
Lösung bewährt. Vor allem die Störungstheorie, die eine Entwicklung der 
Wellenfunktionen und gewisser Observablen nach Potenzen der Wechselwir­
kung darstellt, ist hier zu nennen. In manchen Fällen treten allerdings Di­
vergenzen in der Entwicklung bei der Störungstheorie auf, die durch das 
Verfahren der sog. Renormierung beseitigt werden können. Dieses Verfahren 
wird aber immer schwieriger, wenn man zu höheren Ordnungen übergeht. 
Außerdem ist die Unitarität des Entwicklungsoperators nicht in jeder Ord­
nung automatisch gewärleistet. Dies kann zu Anregungswahrscheinlichkeiten 
führen, die größer als eins sind und deshalb physikalisch nicht mehr interpre­
tierbar sind. Näherungsmethoden, die nicht auf die Störungstheorie basieren, 
können in diesen Fällen von Hilfe sein. 

Eine solche Methode ist die sog. sudden approximation. Dabei ist die 
Wellenfunktion im Wechselwirkungsbild ist gegeben durch 

falls die Wechselwirkungszeit 

b 
7Stoss =-

IV 

viel kleiner als die typische Übergangszeit von Kernanregungen 

1 
7= -

W 

(6.10) 

(6.11) 

ist. Für die Coulombanregung findet man in Dipolnäherung für die innere 
Wellenfunktion im Endzustand ( t --+ 00 ) im Grenzfall 

7Stoss 0 ----+ 
7 

die Wellenfunktion : 
'l/JI(T) = e(iqT) 'l/Jf(r) 

Dabei ist 'l/Jf die Wellenfunktion des Grundzustands und 

2Z Z (l) 2 
T effe 

nq=--"""-"---
bv 
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die Änderung des relativen Impulses der Fragmente in Schwerpunktskoordi­
naten, v die Geschwindigkeit des Projektils im Bezug auf das Target und 
Z!~j die effektive Ladungszahl des Projektils beim Dipolübergang : 

Z (l) _ ( Zl Z2 ) 
eff - J1- - - - • 

ml m2 
(6.15) 

Wir haben uns hier auf die relative Wellenfunktion der Cluster beschränkt. 
Der gesamte Hamiltonoperator des Projektils kann jedoch in einen Schwer­
punktanteil und einen inneren Anteil separiert werden. Das führt zu einer 
entsprechenden Faktorisierung der gesamten Wellenfunktion. Der Schwer­
punktsanteil beschreibt dabei im wesentlichen die Coulombstreuung und wird 
daher in dieser Arbeit nicht behandelt. 

Wir verwenden weiter die Grundzustandswellenfunktion GI. (3.26) zur 
Berechnung der Observablen. Der Kontinuumzustand wird bei niedrigen Ener­
gien im wesentlichen durch eine ebene Welle mit einer Streuphasenkorrektur 
im s-Kanal GI. (4.80) gegeben. Genauer gesagt stellt diese den Wert der 
Wellenfunktion für große Abstände dar. Allgemeiner gilt: 

7fJi(f!) = 471' L i1• exp(i6t;) 9dk, r) Yr;n!*(k) Yr;n!(f) Xf/2' (6.16) 
l.,m! 

Dabei können wir die Partialwellen 91(kr) vom drehimpulsabhägigen Kasten­
potential oder Näherungen hierfür verwenden. 

6.4 Coulomb dissoziation 

Die Amplitude für die Coulomb dissoziation ist in der sudden approximation 
gegeben durch: 

(6.17) 

Sie kann durch Partialwellenentwicklung des Übergangsoperators berechnet 
werden: 

eiqr = 471' L i>'j>.(qr) Y{*(q) Y{(f). (6.18) 
>.v 

Für die Besselfunktionen j>.(qr) kann für den Fall, daß qa ~ 1, auch die 
; Langwellennäherung' 

. (qr)>' 
J>.(qr) ~ (2'x + I)!!' (6.19) 
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verwendet werden. Der Impulsübertrag ist in der sudden approximation rein 
transversal. Sein Richtungsvektor ist in sphärischen Koordinaten (0, <p) gege­
ben durch: 

(6.20) 

Es tragen nur Terme mit ,\ + v = 2n zur Summe in Gl.(6.18) bei. Die z­
Achse liegt in Richtung der Projektilbewegung, und der Stoßparameter in x­

Richtung. 
Es bleibt noch zu bemerken, daß eine geschlossene Formel für die Über­

gangs amplitude Gl.(6.17) gefunden werden kann, wenn es sich beim Grund­
zustand um eine s-Welle handelt ( s. Abschnitt 6.6 ). In diesem Fall ist die 
äußere Wellenfunktion über den ganzen Raum quadratisch integrierbar. Dies 
gilt allerdings nicht für höhere relative Bahndrehimpulse der Cluster. Die 
Verwendung der Effektivreichweitennäherung erfordert die Beschränkung der 
radialen Integration auf das Gebiet außerhalb der Reichweite der Kernkräfte. 

Die quadratische Amplitude für einen Übergang zwischen unpolarisierten 
Anfangs- und Endzustand in der sudden approximation wurde in Ref. [11] 
angegeben. Sie lautet : 

la,( k, b) I' = (2~:" 23

1) E, 11 A~Y2l;+ 1 )(2.\+ 1 )(21 J + 1 )}'/' 

i-1
;+). exp( -iozJ < 11m 1 - ß2S2 ß21 11 ml > 

Rf;l Yl~+mrß2(k) Y).-II(q) 

( li ,\ I f) ( li ,\ 11 ) 11

2 

o 0 0 ß2 - V - m f v ml - ß2 
(6.21) 

Bei der Integration über den Raumwinkel nk finden wir, unter Berücksichti­
gung des Additionstheorems der Kugelflächenfunktionen GI. (2.26) und der 
Vollständigkeitsrelation für die Wigner 3J - Symbole [27] : 

J dn 1 as(k,b) 1
2 = (47r)2l: (21i+ 1) (2'\ + 1) (~ ~ ~)2 1 Rf;L

f 
1
2 . 

I; ,). 

(6.22) 

Das in Gl.(6.21) aufgeteretene Radialintegral ist gegeben durch: 

Rf;L
f 

= J dr 9z;(kr)j).(qr)9zf (r) . (6.23) 
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Die Radialintegrale können so normiert werden, daß die Analogie zur Ent­
wicklung des freien elektromagnetischen Feldes nach Multipolfeldern offen­
sichtlich wird: 

(3) (2'\ + I)!! J ()' ( ) () R1;Alf = qA dr gl; kr JA qr gl, r . (6.24) 

Mit Gl.(6.22) erhalten die Stoßparameter abhängige Dissoziationswahrschein­
lichkeit : 

P(b) = J (2d:)3 k
2 J dn 1 as(k, b) 1

2 

Jdw 1 (I '\0 16)2 - - k(k2 + ß2) I:(21i + 1) i 
w 7r I;A 0 

2'\ + 1 2A 1 (3) 12 
(2'\ + 1)!!2 q R1;Alf . 

(6.25) 

Dieses Ergebnis stimmt für ,\ = 1 mit demjenigen überein, daß man unter 
Verwendung der Methode der äquivalenten Photonenzahlen in erster Ord­
nung der sudden approximation in der Langwellennäherung erhalten würde. 
Bei dieser Methode ist ist die Stoßparameter abhängige Dissoziationswahr­
scheinlichkeit gegeben durch: 

(6.26) 

mit 

O'b,n) = 4; aZ;ff k (k2 + ß2) L:)21i + 1) (~ ~ lÖ) 2IR}~{I' 12 
• (6.27) 

I; 

Die Anzahl der virtuellen Photonen ist damit gegeben durch: 

a (:~~) 2 (6.28) 

Die Verhältnisse lassen sich wie folgt verallgemeinern 

P(b) = J ~ 2: NAS(w,q) O't,n)(w), 
A 

(6.29) 
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mit 

(6.30) 

und 

211'(2'\ + 1)('\ + 1) Z2 k (k2 ß2) 
'\(2'\+1)!12 a eff + 

" ( ) (li ,\ 1 j ) 2
1 

(3) 1
2 

L...J 21i + 1 0 0 0 RZ;>"Zj • 
1; 

(6.31) 

Wir erhalten schließlich den totalen Dissoziationsquerschnitt wie üblich durch 
Integration über den Stoßparameter: 

O'cd = J dw L n>..s(w) O'i~,n)(k, q) , (6.32) 
w >.. 

wobei 
n>..s(w) = 211' J db b N>..s(w, q) . (6.33) 

Die hier auftretenden partiellen Wirkungsquerschnitte unterscheiden sich von 
den elektrischen Wirkungsquerschnitten nur durch den radialen Übergangs­
operator, der hier eine reine Besselfunktion und nicht deren Ableitungen 
enthält. Dadurch werden die Wirkungsquerschnitte kleiner. Diese Formu­
lierung vereinfacht die numerische Berechnung der Wirkungsquerschnitte. 
Analytische Ausdrücke für die radialen Integrale in Gl.(6.21) können in der 
Effektivreichweitennäherung gefunden werden. 

6.5 Übergänge vom Grund- zum Grundzu­
stand 

Die Amplitude eines Überganges vom Grundzustand in' den Grundzustand 
wird in der sudden approximation gegeben durch: 

ao = J d3r'ljJj(r) ei q r 'ljJj(r) . (6.34) 

Man findet in führender Ordnung für die Dissoziationswahrscheinlichkeit [13]: 

Pcd (b ) 1- 1 ao 1
2 

q2 < r2 > 
"-' 

3 
(6.35) 
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wobei< r 2 > den mittleren quadratischen Radius bezeichnet. Wir berechnen 
den totalen Dissoziationsquerschnitt für Zweiclustersysteme durch Integrati­
on über die relevanten Stoßparameter : 

Damit ergibt sich: 

87r Z2(Z(1) )2 e4 < r 2 > b 
"" t eJ J I max 

O'cd - 3t: 2
V

2 n -b- . 
n min 

Dabei ist bmin die Summe von Projektil- und Targetradius: 

bmin ~ (A!/3 + A!/3) 1.2 fm. 

(6.36) 

(6.37) 

(6.38) 

Der maximale Stoßparameter ist in nichtrelativistischer Näherung von der 
Ordnung [88] : . 

(6.39) 

Es sei darauf hingewiesen, daß diese Werte nur eine Abschätzung des ex­
perimentellen Sachverhalts darstellen. Die Kenntnis des genauen Wertes ist 
wegen des logarithmischen Verhaltens nicht sehr wichtig. Eine vollständige 
Diskussion dieses Problems ist im Rahmen der semi-klassischen Theorie nicht 
möglich. 

Der maximale Stoßparameter bmax darf LA. als ein natürlicher Cut - off 
für die Coulombanregung angesehen werden. Er kann durch Anpassung an 
experimentellen Daten definiert werden. Man kann z.B. die mittlere relative 
Energie der Cluster nach der Dissoziation zur Abschätzung des maximalen 
Stoßparameters benutzen. Die entprechende Photonenenergie genügt dabei 
der Bedingung : 

E-y bmax "" 1 nv _. (6.40) 

Die Ergebnisse sind dann mit den experimentellen Werten zu vergleichen. 
Wie aus Gl.(6.37) ersichtlich, ist der gen aue Wert des mittleren quadratischen 
Radius wichtig. Für Zweiclustersysteme ohne Coulombwechselwirkung finden 
wIr: 

(6.41) 
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dabei ist m die Masse des kleinsten Clusters, M die Masse des größten Clu­
sters und B deren Bindungsenergie. Die Verwendung der Effektivreichwei­
tennäherung bzw. des entsprechenden Kastenpotentialmodells erlaubt die 
Herleitung von geschlossenen Ausdrücken für den Dissoziationsquerschnitt 

(6.42) 

Dieser stimmt für kleine Bindungsenergien mit der Formel von Hansen [88] 
überein. Wir können z.B. für p-Wellenzustände nahe der Schwelle den mitt­
leren quadratischen Radius aus Gl.(4.112) verwenden. Wir finden: 

471" ( ZtZpe2ma ) 2 5 + 6ßa + 2ß2a2 I bma:r: 
(J d "" - n--

c - 3ßa (M + m)'liv 3 + 3ßa + ß2a2 bmin' 
(6.43) 

Entsprechende Formeln lassen sich in dieser Weise auch für Grundzustände 
mit höheren Drehimpulsen berechnen. 

6.6 Effekte höherer Ordnung in der Coulomb­
dissoziation von 11 Li 

Der 11 Li- Kern ist wegen zahlreicher Besonderheiten Gegenstand vieler U n­
tersuchungen. Die zwei Valenzneutronen und der 9 Li-Core bilden jeweils 
ungebundene Zweikörpersysteme, während der gesamte Kern gebunden ist. 
Viele Phänomene lassen sich durch die Annahme eines Dineutronclusters 
beschreiben, dessen Bindungsenergie so niedrig (ca. 0.3 MeV) ist, daß es 
einen Halo um den Core bildet [13]. Viele Rechnungen werden durch diese 
Anahme vereinfacht. Wir setzen weiter eine Kontaktwechslwirkung zwischen 
Dineutron und Core voraus. Dies ergibt bekanntlich einige Probleme mit der 
Normierung der Matrixelemente. Für eine qualitative Analyse bleibt die Nor­
mierungjedoch noch brauchbar. Wir verwenden dieses Model, um die Effekte 
höherer Ordnung bei der Coulombdissoziation abzuschätzen. 

Der Grundzustand wird in diesem Modell durch die Wellenfunktion 

n; -ßr 
10>= __ e_ 

271" r 
(6.44) 
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beschrieben. Der Kontinuumszustand lautet: 

-I ~ 1 eikr 

I k - iki" - ->- e ß'k +~ r 
(6.45) 

Die Coulombanregung wird in Dipolnäherung durch folgendes Potential im 
Schwerpunktsystem des Targets beschrieben: 

(1) 2 by + vtz 
VDipole(t) = ,ZtZeffe (b2 + ,2v2t2)3/2 (6.46) 

Relativistische Korrekturen werden dabei mitberücksichtigt. 
Wir haben die Übergangsamplituden dann unter verschiedenen Näherun­

gen berechnet : 
(i) In erster Ordnung der zeitabhängiger Störungstheorie. Es ergibt sich: 

ai = J327rß (P ~qß2)2 X [K1(X)sinO sin<jJ - i[Ko(X)cosO .] (6.47) 

(ii) Im Grenzfall X = ~~ --t O. Dieser Fall entspricht der sudden approxi­
mation in erster Ordnung entspricht. Wir erhalten: 

(6.48) 

(iii) In der sudden approximation, die Wechselwirkung wird jedoch in allen 
Ordnungen berücksichtigt: 

a s < k I exp iq riO > 
~ {1 1 1 (k - q) - iß} 

- y87rß -I + -2 k 'ß Zn (k ) 'ß . (6.49) (k - fy2 + ß2 q + ~ + q - ~ 

Wir können daraus die Übergangswahrscheinlichkeiten berechnen und die 
Bedingungen für die Gültigkeit der sudden approximation studieren. Insbe­
sondere die Abhängigkeit von der Projektilenergie im Laborsystem kann un­
tersucht werden. Wir nehmen an, daß die sudden approximation gilt, wenn 
sie in erster Ordnung mit der zeit abhängigen Störungstheorie übereinstimmt. 

Die Abbildungen 6.1, 6.2 und 6.3 zeigen die Übergangswahscheinlich­
keiten für die Coulombdissoziation von 11 Li am 208 Pb bei einer Projektil­
energie von 30 MeV pro Nukleon und einem Stoßparameter von 15 fm in 
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Abhängigkeit von der Relativenergie der Fragmente in den vorhin beschrie­
benen Näherungen. Die sudden approximation stimmt mit der zeitabhägigen 
Störungstheorie bei sehr niedrigen Relativenergien gut überrein. Diese Tat­
sache wird bei höheren Projektilenergien noch deutlicher. Abb. 6.4 zeigt die 
Richtungsabhängigkeit der Dissoziationswahrscheinlichkeiten für eine Rela­
tivenergie von 300 ke V. Wir stellen fest, daß die Berücksichtigung von höher­
en Ordnungen der Wechselwirkung eine Asymetrie in der Verteilung der 9 Li­
Kerne, parallel und antiparallel zum Stoßparameter auftritt. Es wurde eine 
bedeutende Verschiebung der Geschwindigkeitsverteilung von Li-Kernen in 
Richtung der Projektilbewegung zu größeren Energien hin beobachtet. Die­
ser Effekt wird als Postacceleration bezeichnet [89, 87]. Er konnte trotz vieler 
Versuche bisher nicht quantenmechanisch erklärt werden. Ansatzpunkte für 
künftige Untersuchungen werden durch die Verwendung realistischer Wellen­
funktionen gegeben. Sie sollten eine bessere Beschreibung der Photodissozia­
tion von 11 Li ergeben, und die Berücksichtigung höherer Multipolordnungen 
der Coulombwechselwirkung ermöglichen. 

6.7 Effekte höherer Ordnung in der Coulomb­
dissoziation von 9 B e 

Der obige Fall von 11 Li stellt die klassische Behandlung eines Kerns mit einem 
s-Wellengrundzustand dar. Es kann aber auch notwendig sein, die gleichen 
Vorgänge für Kerne mit höherem relativem Drehimpuls zwischen den Clu­
stern zu untersuchen, da diese auch in der Natur vorkommen. Wir haben da­
her außerdem die Photodissoziation von Kernen mit einem p-Grundzustand 
am Beispiel von 9 Be studiert. Wir verwenden hier das gleiche Modell eines 
drehimpulsabhängigen Kastenpotentials und berechnen die Amplitude für 
die Coulombdissoziation in der sudden approximation GI. (6.21). Beschränkt 
man sich auf die erste Ordnung, so ergibt sich: 

la!(k, b)1 2 = 3(41r)3 L: 11 L: 
m Jß2 >.,/i,1I 

(21 + 1)1/2 '-/i (' C ) R(4) 
i % exp -Wli li>'IJ 
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Abbildung 6.1: Wahrscheinlichkeit für die Coulomb dissoziation von 11 Li in 
Richtung des Stoßparameters (y-Achse). Die gepunktete Linie wurde in erster 
Ordnung Störungstheorie, die gestrichelte Linie in erster Ordnung der sudden 
approximation und die durchgezogene Linie in allen Ordnungen der sudden 
approximation bei 30 Me VIAProjektilenergie berechnet. 
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Abbildung 6.2: Übergangswahrscheinlichkeit in der dem Stoßparameter ent­
gegengsetzten Richtung bei 30MeV/A-Projektilenergie. Sonst wie Abb. 6.1. 

87 



:::: 

700,----------------------------------------

600 

500 (', 
I 
I 

.. I 

.E 400 ! 
I 
I 
I 
I 

300 : 
I 

.. i 
0:> ! 

200 ! 

100 

I 
i 
! 

ol-~--~--~~==~==~~=d 
o 200 400 600 800 1000 1200 1400 

Erel (keV) 

Abbildung 6.3: Wie Abb.6.2, aber bei 800MeV/A-Projektilenergie. Die sud­
den approximation stimmt in erster Ordnung praktisch mit der zeitabhängi­
gen Störungstheorie überrein. 
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Abbildung 6.4: Abhängigkeit der Dissoziationswahrscheinlichkeit vom Azi­
muthwinkel cP bei einer Stoßenergie von 30M e V / A. 
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Dabei wurde für das Radialintegral R}:{l, in der Langwellennäherung (j1 (qr) -+ 

!1f) verwendet. Wir berechnen außerdem die Dissoziationswahrscheinlichkeit 
in erster Ordnung der zeit abhängigen Störungstheorie. Es ergibt sich 

(6.51) 

mit 

I< k 1 qz 10>12 - 9(47r)2 L 11 L (21i + 1)1/2 i-I; exp( -i8zJ R}:l 
m,ß2 >',l;,v 

y;v+m,-ß2(k) (li A lf) 
I; 0 0 0 

(ß2-:i
- m f ~ m/~ß2)112 (6.52) 

Abb 6.5 zeigt die Übergangswahrscheinlichkeit in Richtung des Stoßparame­
ters.Dabei wurde die erste Ordnung der zeit abhängigen Störungstheorie mit 
der zweiten Ordnung der sudden approximation für die Coulombdissoziati­
on von 9 Be am 208 Pb bei 30 MeV pro Nukleon Projektilenergie und 15 fm 
Stoßparameter als Funktion der Relativenergie der Fragmente. 

Abb 6.6 zeigt die Übergangswahrscheinlichkeit in Abhängigkeit des Azi­
muthwinkels ~ in der x - y - Ebene senkrecht zur Projektilbewegung bei einer 
Relativenergie von 24K e V in erster Ordnung der zeitabhängigen Störungs­
theorie und in zweiter Ordnung der sudden approximation. 

6.8 Zeitentwicklung der Wellenfunktion nach 
der Coulomb dissoziation 

Die Frage nach der Zeitentwicklung von Wellenpaketen hat vor kurzem im 
Zusammenhang mit dem Tunneleffekt an Interesse gewonnen [90]. Wir stu­
dieren hier die Entwicklung der Wellenfunktion nach der Coulomdissoziation. 

Die Wellenfunktion ist nach einem schnellen Stoß gegeben durch: 

(6.53) 
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Abbildung 6.5: Wahrscheinlichkeit für die Coulomb dissoziation von 9 Be in 
Richtung des Stoßparameters (y-Achse). Die gepunktete Linie wurde in erster 
Ordnung der zeitabhängigen Störungstheorie und die durchgezogene Linie in 
zweiter Ordnung der sudden approximation bei 30 MeV pro Nukleon Pro­
j ektilenergie berechnet. 
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Abbildung 6.6: Abhängigkeit der Dissoziationswahrscheinlichkeit vom Azi­
muthwinkel 4>. Die Relativenergie der Fragmente beträgt in diesem Fall 
24 keV. 
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Wenn wir nur die führenden Terme der Wechselwirkung und der Wellenfunk­
tionen berücksichtigen (z.B. ..\ = 1 und Zi = 0) , dann ergibt sich 

\lI(r, t, mf) ~ ifJ(r, t). L< Zfmf - ß2S2ß21Ifmf > Y/f (q)mrß2 .X~~, (6.54) 
ß2 

mit 

ifJ(r, t) 2i (OO dkk2 mi~(k) 90(kr) e-i~t 
'Ir Jo 
2i 100 (2). . . Et 
- dk k Ron(k) sm(kr + 80) e-'T . 
'Irr 0 

(6.55) 

Rl;>'lf ist das Radialintegral aus Gl.(6.23) , wobei 91f (r) den Grundzustand 
und 91;(kr) den Kontinuumszustand darstellen. Wir nehmen an, daß der Fak­
tor kRon sich nur langsam mit der Relativenergie ändert, und benützen die 
Sattelpunktsmethode (Methode der stationnären Phase), um die Wellenfunk­
tion zu berechnen. Wir definieren zu diesem Zweck die Zeitkonstanten : 

.!!:...-d(ka+80)1 ' 
fik dk k=k. 

!!:. d2
(ka + 80 ) I 

fi dk2 k=k. 
(6.56) 

Wir berechnen dann den Sattelpunkt ks aus der Bedingung für die sta-
tionnären Phase: 

(6.57) 

Bei sehr niedrigen Energien wird ks iterativ bestimmt. Dabei wird Tl sehr 
schnell vernachlässigbar gegenüber t. Wir finden schließlich: 

(6.58) 

Abb 6.7 zeigt die Werte von Tl und T2 bei niedrigen Energien. 
Abb 6.8 zeigt die Zeitentwicklung der radialen Wellenfunktion bei einem 

Abstand von r = 150 fm zwischen den Aufspaltungsprodukten. Abb 6.9 
zeigt die Änderung der Wellenfunktion mit dem relativen Abstand für große 
Zeiten (ct = 6000fm) 
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Abbildung 6.7: CT! ( gepunktete Linie ) und CT2 ( gestrichelte Linie ) als 
Funktion der Relativenergie der Fragmente. 
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Abbildung 6.8: Zeitentwicklung des Realteils ( gestrichelte Linie) und des 
Imaginärteils ( gepunktete Linie) der Kontinuumswellenfunktion 'lj;(r, t, 3/2) 
bei r = 150 fm . 
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Abbildung 6.9: Abhängigkeit der Wellenfunktion 'lj;(r, t, 3/2) vom Radius für 
ct = 6000 fm. 
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6.9 Weitere Entwicklungen 

Die Sudden approximation gilt nur bei hohen Projektilenergien bzw. kleinen 
Anregungsenergien, während die erste Ordnung der zeitabhängigen Störungs­
theorie nur für kleine Übergangsamplituden von Bedeutung ist, da sonst die 
Unitariät der Streumatrix verletzt wird. Die Beiträge höherer Ordnungen 
sind oft klein, können aber in den Fällen von Bedeutung werden, in denen 
die Amplitude erster Ordnung verschwindet. 

Eine formale Lösung der Schrödingergleichung, die die sudden approxima­
tion und die erste Ordnung der Störungstheorie als Grenzfälle enthält, wird 
im Wechselwirkungsbild durch die Magnusentwicklung des Zeitentwicklungs­
operators gegeben [91, 92]: 

j
t 00 

Texp -00 dtt V/(X', tt) = exp L !1n (t) , 
n 

(6.59) 

mit 

Diese Metode stellt ein Analogon zum Baker-Haussdorf-Campbell Theorem 
dar. 

Die aus diesen Ausdrücken entstehenden Matrixelemente n-facher In­
tegrale lassen sich gewöhnlich in jeder Ordnung durch Entwicklung nach 
vollständigen Basen von Ho berechnen. Dieses Verfahren ist besonders nütz­
lich im Falle eines diskreten Spektrums, z.B. bei Mehrphononenanregungen. 
In der genannten Entwicklung tragen dann nur wenige Zustände zum Über­
gang bei. Die Verhältnisse werden jedoch sehr kompliziert bei Übergängen ins 
Kontinuum. Näherungsmethoden, die nicht auf der Störungstheorie basieren, 
sind hier besonders gefragt. 

Der erste Term der Magnusentwicklung GI. (6.59) stellt eine Verbesse­
rung sowohl der sudden approximation als auch der ersten Ordnung der 
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zeitabhängigen Störungstheorie dar. Die Matrixelemente lassen sich aus der 
sudden approximation durch die Substitution 

q ~ (0 , qX K1(X), -iq X Ko(X)) 
I 

(6.61) 

erhalten. X ist der Adiabasieparameter und nq der Impulsübertrag. Die 
praktische Berechnung der Übergangsmatrixelemente aus GI. (6.59) ist sehr 
schwierig. Typel und Baur haben eine Entwicklung der Übergangsamplitude 
zweiter Ordnung für kleine Adiabasieparameter angegeben siehe Ref. [93]. 
Sie haben damit die Effekte höherer Ordnungen in der Coulombdissoziation 
von 11 Li und 8 B berechnet, konnten damit aber die Post-acceleration beim 
11 Li nicht erklären. 
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Kapitel 7 

Zusammenfassung und Ausblick 

Die Frage nach der Struktur von schwach gebundenen exotischen Kernen 
und deren Anregungsmechanismen ist durch die Entwicklung leistungsfähi­
ger Schwerionenbeschleuniger wie auch durch die Beziehungen zu Fragen der 
nuklearen Astrophysik sehr aktuell geworden. Verschiedene Aspekte dieses 
Forschungsgebiets wurden bereits in der Literatur ausführlich behandelt [80]. 
Es sei hier erwähnt, daß sich in peripheren Schwerionenstößen auch einige 
Prozesse der Elementarteilchenphysik studieren lassen, wenn die Kollisions­
energie hinreichend hoch ist wie z.B. die Produktion von Leptonenpaaren 
oder die Konversion von Hadronen (Primakoff-Effekt) genannt. In diesem 
Zusammenhang wird unter anderem nach Higgsbosonen und weiteren Teil­
chen in , - ,- Stößen ( , doppelter Primakoff-Effekt ' ) gesucht, die das 
Standardmodell vervollständigen bzw. ergänzen sollen. Die theoretische Be­
schreibung der Daten aus peripheren Kollisionen wird wesentlich erleichtert, 
weil die Beiträge der starken Wechselwirkung vernachlässigbar sind. 

Die fundamentale Beziehung zwischen der Coulomb- und der Photodisso­
ziation wurde in Kap. 2 durch die Methode der äquivalenten Photonen her­
ausgearbeitet. Diese Beziehung folgte aus der ersten Ordnung der Störungs­
theorie. Man kann sich die Verhältnisse so vorstellen, daß das Projektil durch 
das äquivalente Photonenspektrum des Targets angeregt wird und möglicher­
weise dabei zerfällt. Virtuelle Photonen von einem Kern können auch mit 
den Photonen anderer Kerne reagieren. Dies führt z.B. zur Leptonenpaar­
produktion [94, 25, 95, 96]. Dieser Prozeß spielt eine große Role bei hohen 
Kollisionsenergien. Er ist aber nicht Gegenstand dieser Arbeit. 

In Kap.3 studierten wir die Wechselwirkung des freien elektromagne-
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tischen Feldes mit dem Kern und leiteten einige nützliche Dissoziations­
querschnitte für Systeme aus zwei Nukleonencluster mit beliebigem relati­
vem Bahndrehimpuls her. Die von Rolfs [3] angegebenen Resultate wur­
den reproduziert und auf allgemeine elektrische Multipolübergänge erweitert. 
Dieser Formalismus hebt die zentrale Role der radialen Integrale in diesen 
Übergängen hervor. Ihre Berechnung erfordert die Kenntnis der Wellenfunkti­
on in Anfangs- und Endzustand. In dieser Arbeit wurden für diese Wellefunk­
tionen verschiedene Modelle verwendet. Da Kernreaktion sind bei niedrigen 
Energien nicht sehr empfindlich auf die Einzelheiten der starken Wechselwir­
kung zwischen den Cluster sind, haben wir in KapA der Einfacheit halber ein 
drehimpuls abhängiges Kastenpotential vorausgsetzt. Damit konnten die Ra­
dialintegrale und die Wirkungsquerschnitte berechnet werden. Die Ergebnisse 
wurden gelegentlich mit einem Woods-Saxon-Potential verglichen. Eine gute 
Beschreibung der Experimente wird dabei durch Anpassung der Potentialpa­
rameter erreicht. Dieses Verfahren ist zwar kritisierbar, eine Beschreibung der 
Daten, die von der fundamentalen Nukleon-Nukleon-Wechselwirkung aus­
geht, ist aber nicht ohne erheblichen Aufwand möglich. Im Falle von schwach­
gebundenen Kernen ist es möglich, die elektromagnetischen Matrixelemente 
mit guter Genauigkeit ohne jeden expliziten Bezug auf die Kernwechselwir­
kung zu berechnen, weil die Nukleonencluster sich überwiegend außerhalb 
des Wechselwirkungsgebietes aufhalten. Dies erlaubt die Herleitung von ein­
fachen analytischen Näherungen [64]. Diese Näherungen sind besonders nütz­
lich, da sie sehr allgemein sind und sie somit die wirklich relevanten Parame­
ter bei diesen Reaktionen zeigen können. Es handelt sich dabei um die Bin­
dungsenergie, die effektive Reichweite und die Relativenergie der Fragmente. 
Wir haben auch aufgezeigt, daß die Normierung der äußeren Wellenfunktion 
bei geringer Bindungsenergie fast unabhängig vom Modell wird. Dies er­
leichtert die Beschreibung von Schwellenreaktionen und erlaubt in manchen 
Fällen sogar Vorhersagen. Die Normierungsfaktoren erlauben sogar die anly­
tische Berechnung einiger Kerneigenschaften von großer Bedeutung, wie z.B. 
die Aufenthaltswahrscheinlichkeit in klassisch verbotenen Regionen oder die 
mittleren quadratischen Radien von Kernzuständen. Unsere Berechnungen 
decken sich mit der Literatur und bringen Ergänzungen bzw. Korrekturen zu 
den vorhandenen überwiegend numerischen Resultaten. Es wäre herauszu­
finden, inwiefern die in diesem Abschnitt entwickelten Ideen und Verfahren 
auf etwas kompliziertere Systeme anwendbar bleiben. Unsere Methode läßt 
sich im Prinzip auch auf Protonen erweitern. 
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Die Kenntnis der Photodissoziationsquerschnitte aus Kap.4 erlaubt uns, 
theoretische Vorhersagen für die Coulombdissoziation in erster Ordnung Stö­
rungstheorie zu machen. Dies wurde in Kap.5 am Beispiel von 11 B e und 
9 Be demonstriert. Die Ergebnisse wurden mit vorhandenen Experimenten 
verglichen. 

In Kap.6 studierten wir die Effekte höherer Ordnungen der Coulombwech­
selwirkung auf die Dissoziation von leichten, schwach gebundenen Kernen. 
Die geringe Größe der elektromagnetischen Kopplungskonstanten macht ihre 
Berücksichtigung oft nicht nötig. Die Abschätzung elektromagnetischer Ef­
fekte ist jedoch wichtig, wenn man Photodissoziationsquerschnitte aus Schwe­
rionenstößen herleiten will. Dies haben wir im Falle von 11 Li und 9 Be in der 
sudden approximation berechnet. Es zeigte sich, daß die Effekte höherer Ord­
nung den Coulombdissoziationsquerschnitt ein weinig abschwächen und daß 
sie eine Asymmetrie in der Winkelverteilung der Fragmente bezüglich des 
Stoßparametervektors erzeugen. Die Matrixelemente in der sudden aprroxi­
mation haben sehr ähnliche Struktur wie die elektrischen Multipolmomente. 
Eine formale Lösung der zeitabängigen Schrödinger Gleichung gibt die Mag­
nusentwicklung, welche eine Verbesserunge zur sudden approximation in 
systematischer Weise darstellt. Es bleibt zu untersuchen, inwiefern diese bei 
der Beschreibung einiger Effekte, wie der beobachteten post-acceleration von 
geladenen Fragmenten [89], und bei der Berechnung der zeitlichen Entwick­
lung der Wellenfunktion nach einer Coulombdissoziation vom Nutzen sein 
kann. 
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