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Zusammenfassung
Im Rahmen dieser Arbeit wurde der Fundamentalprozess der Elektron-Kern-

Bremsstrahlung in inverser Kinematik am Experimentier-Speicherring ESR der GSI
untersucht. Am Beispiel des Stoßsystems U88+ + N2 bei 90 MeV/u wurde gezeigt,
dass sich in inverser Kinematik Koinzidenzmessungen zwischen dem gestreuten Elek-
tron und dem emittierten Photon durchführen lassen für den Fall, in dem das einlau-
fende Elektron nahezu seine gesamte kinetische Energie an das Bremsstrahlungspho-
ton überträgt. Die Sensitivität auf den Fundamentalprozess wurde durch die Mes-
sung dreifach-differentieller Wirkungsquerschnitte in Abhängigkeit des Emissions-
winkels des Photons und des gestreuten Elektrons sowie der Energie des gestreuten
Elektrons erreicht. Die Optik des dazu verwendeten magnetischen Elektronenspek-
trometers wurde im Rahmen dieser Arbeit grundsätzlich überarbeitet und den expe-
rimentellen Anforderungen entsprechend optimiert. Durch die Analyse verschiedener
Koinzidenzen war es möglich, bei diesem Stoßsystem für das Elektronenspektrum
neben dem Beitrag des radiativen Elektroneneinfangs ins Projektilkontinuum auch
die Beiträge des nichtraditiven Elektroneneinfangs ins Projektilkontinuum und der
Projektilionisation ins Kontinuum zu bestimmen. Die experimentellen Ergebnisse
wurden für jeden Prozess mit theoretischen Modellen verglichen. Die Elektronen-
spektren für den radiativen und den nichtradiativen Elektroneneinfang ins Projektil-
kontinuum geben in ihrem Verlauf deutlich die von der Theorie vorhergesagte entge-
gengesetzte Asymmetrie wieder. Darüber hinaus wurden auch Elektronenspektren
für U28+ in Stößen mit verschiedenen Gasen gemessen.

Abstract
Within the scope of this thesis the fundamental process of electron-nucleus brems-

strahlung was studied in inverse kinematics at the Experimental Storage Ring ESR
at GSI. For the system U88+ + N2 at 90 MeV/u it was shown, that by using inverse
kinematics coincidence measurements between the scattered electron and the emit-
ted photon can be performed for the case, in which the incoming electron transfers
almost all of its kinetic energy onto the emitted photon. The sensitivity to the fun-
damental process could be achieved by measuring triple differential cross sections as
a function of the emission angle of the photon and the scattered electron as well as
the energy of the scattered electron. The optics of the magnetic electron spectrome-
ter used were thoroughly revised and optimized to the experimental requirements.
Analyzing different coincidences in this collision system, it was possible to determine
the contributions to the electron distribution arising from radiative electron capture
to the projectile continuum, nonradiative electron capture to the projectile continu-
um and electron loss to the projectile continuum. The experimental results of each
of these processes were compared to theoretical calculations. The electron spectra
for the radiative and the nonradiative electron capture to continuum clearly repro-
duce the opposite asymmetry predicted by theory. Furthermore electron spectra for
collisions of U28+ with different gases were measured.
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1. Einleitung

Als Albert Einstein 1905 seine Beschreibung des Photoelektrischen Effektes veröffent-
lichte [1], wurde zum ersten Mal klar, dass sich gewisse Eigenschaften des Lichtes
nicht durch eine kontinuierlich im Raum propagierende Welle, sondern eher durch
ein lokalisiertes Teilchen mit einer festen Energie beschreiben lässt. Wird ein Elek-
tron aus einem Atom durch Absorption eines Photons herausgelöst, so besitzt das
freiwerdende Elektron anschließend eine kinetische Energie Ekin, die sich aus der
Energie des absorbierten Photons Eγ und der Bindungsenergie des Elektrons EB < 0
(Austrittsarbeit) ergibt:

Ekin = Eγ − |EB|. (1.1)

Diese Erkenntnis Einsteins trug maßgeblich zur Entwicklung der Quantenmechanik
bei, und wurde 1921 mit dem Nobelpreis gewürdigt. Der photoelektrische Effekt,
mittlerweile als Photoionisation bezeichnet, hat bis heute seine Faszination nicht
verloren und hat sich zu einer elementaren Methode entwickelt, um atomare Struktu-
ren zu untersuchen. Aber auch der zeitinverse Prozess, die radiative Rekombination
bzw. der radiative Elektroneneinfang, wurde mittlerweile intensiv studiert: Hier wird
ein Elektron in ein (hochgeladenes) Ion eingefangen und dabei ein Photon emittiert
(s. Kap. 2.1.1). Die Energie dieses Photons ergibt sich aus der kinetischen Energie
des Elektrons vor der Rekombination und der Bindungsenergie des Elektrons im
Endzustand:

Eγ = Ekin + |EB|. (1.2)

Die Tatsache, dass diese Prozesse nur quantenmechanisch, d.h. nicht durch die
klassische Elektrodynamik beschrieben werden können, bedeutet ja, dass sie nur
mit einer bestimmten Wahrscheinlichkeit stattfinden, also nicht-deterministisch sind.
Quantenmechanisch lassen sich Wirkungsquerschnitte berechnen, die besagen, dass
statistisch gesehen im Mittel der betrachtete Prozess genau dann stattfindet, wenn
das Projektilteilchen das Targetteilchen innerhalb einer berechneten Querschnitts-
fläche passiert. Die Wirkungsquerschnitte können abhängig sein von Parametern
wie der Stoßenergie und dem Streuwinkel und werden in barn angegeben (1 barn=
10−24 cm2). Zum Vergleich: Der geometrische Querschnitt πr2

B der ersten Bohrschen
Bahn mit dem Radius rB für nacktes Uran beträgt etwa 10 kbarn und der der
zweiten Bohrschen Bahn etwa 170 kbarn.

Ein quantenmechanisches System zeichnet sich typischerweise dadurch aus, dass
für einen gegeben Anfangszustand unter Einfluss einer Wechselwirkung mehrere
mögliche Endzustände bestehen. Während die elastische Streuung eines Elektrons
im Coulombfeld eines Kerns, die Rutherford-Streuung, mit seinem wohldefinierten
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Endzustand klassisch hergeleitet werden kann, erfordert die entsprechende inelasti-
sche Streuung, bei der das Elektron im Coulombfeld einen Teil seiner kinetischen
Energie verliert, eine quantenmechanische Beschreibung. Denn dieser Prozess kann
entweder mit oder ohne Emission eines Photons geschehen. Ohne Photon wird die
freiwerdende Energie als Rückstoßimpuls auf den Kern übertragen, mit Emission
eines Photons handelt es sich um den Prozess der Elektron-Kern-Bremsstrahlung.
Durch die Bremsstrahlung gibt das einlaufende Elektron einen Teil seiner Energie
Ei = Ekin an das emittierte Photon Eγ ab und besitzt im Endzustand die Energie
Ef mit

Eγ = Ei − Ef . (1.3)

Im Bild der klassischen Elektrodynamik hingegen emittiert jedes Elektron, das
eine Beschleunigung erfährt, ein Photon. Somit würde jedes Elektron, das an einem
Kern elastisch oder inelastisch gestreut wird und dadurch seine Trajektorie und/oder
seine kinetisch Energie ändert, ein Photon emittieren.

Es zeigt sich, dass der Fall, in dem das gestreute Elektron seine gesamte kineti-
sche Energie an das Photon abgibt, aus mehreren Gründen von besonderem Interesse
ist. Besitzt das Elektron im Endzustand keine Energie Ef = 0, so befindet es sich
genau am Übergang von einem Bremsstrahlungsprozess, der sich durch Ef > 0
auszeichnet, zu einem Einfang in einen gebundenen Zustand mit Ef = EB < 0.
Beide Prozesse, die Bremsstrahlung und der radiative Elektroneneinfang, besitzen
bis zu diesem Übergang einen endlichen Wirkungsquerschnitt, der kontinuierlich
vom Elektroneneinfang in gebundene Zustände zum Elektroneneinfang in Konti-
nuumszustände übergeht. Dies ist in den entsprechenden Röntgenspektren ersicht-
lich, und entspricht auch in etwa der Intuition. Die Äquivalenz der Bremsstrahlung
am hochenergetischen Endpunkt und der radiativen Rekombination am Rydber-
glimit n → ∞ wurde zuerst von Fano et al. diskutiert [2, 3, 4], eine analytische
Begründung wird in Yin et al. gegeben [5]. Während der Elektroneneinfang in ge-
bundene Zustände mittlerweile experimentell und theoretisch untersucht und ver-
standen wurde, sind übereinstimmende experimentelle und theoretische Analysen
des Elektroneneinfangs in Kontinuumszustände selten (s. Kap. 2.1.2). Einen Ver-
gleich zwischen Berechnungen zum Wirkungsquerschnitt am hochenergetischen En-
de der Bremsstrahlung und einer Extrapolation des radiativen Elektroneneinfangs
in gebundene Zustände n→∞ zeigen Surzhykov und Yerokhin [6].

Aus theoretischer Sicht ist dieses Problem für eine geringe Energie im Endzustand
Ef > 0 besonders herausfordernd. So zeigt sich, dass beispielsweise die Born’sche
Näherung in diesem Problem nur für relativistische Geschwindigkeiten des Elektrons
im Endzustand βf > αZ gültig ist und nicht den endlichen Wirkungsquerschnitt
am hochenergetischen Endpunkt der Bremsstrahlung reproduzieren kann (s. Kap.
2.5.1). Aber auch komplexere Theorien unter Verwendung von Sommerfeld-Maue-
Wellenfunktionen geben zwar einen endlichen Wirkungsquerschnitt am hochenerge-
tischen Endpunkt an, sind aber strenggenommen nur für niedrige Kernladungszah-
len αZ � 1 gültig (s. Kap. 2.5.2). Eine exakte Berechnung ist durch eine Lösung
der Dirac-Gleichung mit Hilfe von Partialwellenzerlegungen möglich (s. Kap. 2.5.3).
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Diese Rechnungen wiederum sind mit erheblichem numerischem Aufwand verbun-
den, der stark mit der Energie des auslaufenden Elektrons ansteigt. Somit ist eine
Messung des Bremsstrahlungsprozesses an hochgeladenen Ionen unter der Bedin-
gung, dass das Elektron im Endzustand (fast) keine Energie besitzt, ein anspruchs-
voller Test der Theorie, insbesondere wenn die untersuchten Wirkungsquerschnitte
dreifach-differentiell im Streuwinkel des Elektrons, dem Emissionswinkel des Brems-
strahlungsphotons und in der Energie des Elektrons oder Photons sind. Dies wird
dann als Fundamentalprozess der Elektron-Kern-Bremsstrahlung bezeichnet [7].

Experimentell unterliegt eine solche Untersuchung gewissen Herausforderungen.
Wird ein energetisches Elektron an einem Target hoher Kernladungszahl gestreut,
so ist es nur dann nachweisbar, wenn es nach der Streuung mit einer endlichen
Energie das Target verlässt. Im Fall Ef ≈ 0 ist also in solchen klassischen Brems-
strahlungsexperimenten keine Koinzidenzmessung zwischen dem gestreuten Elek-
tron und dem emittierten Photon möglich (s. Kap. 2.4.1). In einem neuen Ansatz
wird daher das Problem in inverser Kinematik untersucht. Dabei werden hochge-
ladene Ionen an (quasi-freien) Elektronen gestreut. Gestreute Elektronen, die im
Projektilsystem im Endzustand die Energie E ′f ≈ 0 besitzen, können dann im Labor-
system unter Vorwärtswinkeln mit der Geschwindigkeit des Projektils vp ≈ ve beob-
achtet werden (s. Kap. 2.4.3). Zum Vergleich von derartigen experimentellen Wir-
kungsquerschnitten mit theoretischen Wirkungsquerschnitten, die typischerweise im
Projektilsystem berechnet werden, ist eine Lorentz-Transformation ins Laborsystem
notwendig (s. Kap. 2.6.1).

Experimente mit hochgeladenen Schwerionen bis zu vollständig ionisiertem U92+

können an Anlagen wie dem Experimentier-Speicherring ESR der GSI durchgeführt
werden (s. Kap. 3). Der Speicherring erlaubt es, hochgeladene Ionen für einen Zeit-
raum von Minuten zu speichern und dabei mit einem Überschall-Gasjet-Target zu
kreuzen. Dadurch sind Experimente unter wohldefinierten Bedingungen bei weitaus
höherer Luminosität möglich, als es für Single-Pass-Experimente der Fall ist. Wäh-
rend bei typischen Atomphysik-Experimenten am ESR die am Gastarget emittierten
Photonen in Koinzidenz mit umgeladenen Projektilen beobachtet werden, wurden
in diesem Experiment zusätzlich die in Vorwärtsrichtung emittierten Elektronen un-
tersucht.

Das dafür verwendete magnetische Elektronenspektrometer besteht aus der An-
ordnung Dipol-Quadrupoltriplett-Dipol und wurde erstmals im Rahmen der Ar-
beit von Nofal [8] in Betrieb genommen. Darauf aufbauend wurde im Rahmen der
hier vorgestellten Arbeit das alte Quadrupoltriplett durch ein neues eisenfreies, und
damit hysteresefreies Quadrupoltriplett ersetzt. In diesem Zusammenhang wurde
die Optik des Spektrometers intensiv analysiert und optimiert, um für das Brems-
strahlungsexperiment die bestmöglichen instrumentellen Bedingungen zu bieten (s.
Kap. 4).

Im Rahmen dieser Arbeit wurden dann zwei Strahlzeiten am Experimentier-
speichering ESR durchgeführt und analysiert. In der ersten Strahlzeit wurde ein
U88+-Projektilstrahl verwendet, in der zweiten ein U28+-Projektilstrahl. Der Schwer-
punkt wird hier auf Strahlzeit mit U88+ gelegt. Mit dem Ziel, sowohl die Elektro-
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nenverteilung als auch die Photonenwinkelverteilung des Bremsstrahlungsprozesses
am hochenergetischen Ende zu messen, wurden neben dem Elektronenspektrometer
fünf Röntgendetektoren und die Umladungsdetektoren für Projektilionisation und
-rekombination verwendet. Die experimentellen Details zu den Detektoren und der
Datenaufnahme erklärt Kap. 5.

Durch Analyse der verschiedenen Koinzidenzen von Elektronen, Photonen und
umgeladenen Projektilen war es möglich, für den Elektronencusp die Beiträge der
Prozesse ELC (Projektilionisation), RECC (Radiativer Elektroneneinfang ins Pro-
jektilkontiuum) und ECC (Nichtradiativer Elektroneneinfang ins Projektilkontiu-
um) zu bestimmen. Für den hochenergetischen Endpunkt der Bremsstrahlung, der
in inverser Kinematik dem RECC entspricht, konnten durch Messung der Elek-
tronenenergieverteilung für verschiedene Photonenwinkel dreifach-differentielle Wir-
kungsquerschnitte bestimmt werden. Durch die experimentellen Daten wurde die
theoretisch vorhergesagte entgegengesetzte Asymmetrie der ECC- und der RECC-
Verteilungen bestätigt. Die Resultate der Messungen und ihre Analyse zeigt Kap. 6.

In einem weiteren Experiment wurde mit dem selben experimentellen Aufbau
die durch Projektilionisation dominierte Energieverteilung der Cusp-Elektronen in
Stößen von U28+ mit verschiedenen Gasen vermessen, die Ergebnisse zeigt Kap. 7.



2. Physikalische Grundlagen

Im Folgenden wird zunächst ein Überblick über einige atomphysikalische Prozesse
gegeben, die im Zusammenhang mit energetischen Stößen hochgeladener Ionen an
Atomen relevant sind. Mögliche Observablen sind dabei Winkel- und Energievertei-
lungen emittierter Photonen, Elektronen und umgeladener Projektile. Die Prozesse
werden in diesem Kapitel phänomenologisch eingeführt, im Kontext der Bremsstrah-
lung werden dann verschiedene Theorien im darauffolgenden Kapitel dargestellt.

Folgende Konvention sei hier festgehalten: Die kinetische Energie des Projektils
Ep pro Massenzahl A wird in MeV/u angegeben. Ein Elektron, das dieselbe Ge-
schwindigkeit wie dieses Projektil besitzt, hat eine kinetische Energie Ekin, die in
keV angegeben wird:

Ekin =
me

u
Ep (2.1)

bzw. mit Einheiten

Ekin[keV] =
1

1.823
Ep[MeV/u]. (2.2)

Zum Einstieg zeigt Abb. 2.1 das Energieniveauschema von wasserstoffähnlichem
U91+. Dargestellt sind die Energieniveaus der K- und L-Schale, wie sie sich aus

1s1/2 -132.280 keV

 -131.821 keV

-34.216 keV
 -34.204 keV2s1/2 -34.216 keV

 -34.129 keV
2p1/2

-29.650 keV
 -29.641 keV2p3/2

K↵1(E1)

K↵2(E1)
M1

Dirac
Dirac + Lamb

Abb. 2.1.: Energieniveauschema von H-ähnlichem U91+ nach Dirac und inkl. Lamb-
Verschiebung (Energien aus [9]).
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Ladungszustand Konfiguration Grundzustand Ionisationsenergie Referenz
U91+ 1s 2S1/2 131.821 keV [9]
U90+ 1s2 1S0 129.570 keV [10]
U89+ 1s22s 2S1/2 32.836 keV [11]
U88+ 1s22s2 1S0 32.370 keV [12]
U87+ 1s22s22p1/2

2P1/2 31.640 keV [12]

Tab. 2.1.: H- bis B-ähnliches Uran: die Ionsationsenergie entspricht der Bindungs-
energie des am schwächsten gebundenen Elektrons.

der Dirac-Gleichung ergeben, und die Niveaus unter Beachtung der Korrekturen
der Quanten-Elektrodynamik (QED). Die Lamb-Verschiebung wirkt sich mit etwa
460 eV für U91+ am stärksten auf das 1s1/2-Niveau aus. Die genauste Messung
dazu wurde von Gumberidze et al. durchgeführt [13]. Für die L-Schale sind die
Korrekturen durch die QED geringer, jedoch wird hier die Entartung des 2s1/2- und
des 2p1/2-Niveaus aufgehoben.1 Ausgehend von H-ähnlichem Uran ändern sich für
Mehrelektronensysteme beim Auffüllen der Schalen die Energieniveaus geringfügig
aufgrund der Abschirmung des Kerns durch die Innerschalenelektronen, wie Tab.
2.1 zeigt.2

2.1. Radiative- und Nichtradiative Rekombination

Die experimentelle Infrastruktur des ESR bietet ideale Bedingungen, um Streupro-
zesse von hochgeladenen Ionen an Atomen und an Elektronen zu untersuchen. Meist
wird hier der Schwerpunkt auf Rekombinationsprozesse gelegt. Rekombinationspro-
zesse werden zum einen an freien Elektronen am Elektronenkühler untersucht, zum
anderen an gebundenen Elektronen am Gastarget.

2.1.1. Rekombination ohne Beobachtung eines Elektrons

Für Rekombinationsprozesse hochgeladener Ionen an freien Elektronen wird zwi-
schen radiativer Rekombination (RR)

Aq+ + e− → A(q−1)+ + nγ (2.3)

und dielektronischer Rekombination (DR)

Aq+ + e− →
[
A(q−1)+

]∗∗ → A(q−1)+ + nγ (2.4)

unterschieden. Bei der radiativen Rekombination wird die freiwerdende Energie
durch ein oder mehrere Photonen abgestrahlt, bei der dielektronischen Rekombi-

1Die Lambverschiebung beschriebt genau genommen einen Teil der QED-Effekte, wird aber
auch synonym für alle Korrekturen zur Dirac-Energie verwendet.

2Tabelle nach http://physics.nist.gov/PhysRefData/ASD/ionEnergy.html

http://physics.nist.gov/PhysRefData/ASD/ionEnergy.html
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Abb. 2.2.: Compton-Profil von Stickstoff bei 90 MeV/u, normiert auf 7, die Anzahl
der Elektronen im Stickstoff, nach [14]. Zu erkennen ist der im Zentrum
dominante Beitrag der L-Elektronen und der in den Flanken dominante
Beitrag der K-Elektronen.

nation wird die freiwerdende Energie zur resonanten Anregung eines Innerschalen-
elektrons verwendet. Dieser Zustand kann sich dann wiederum zeitverzögert durch
die Emission von Photonen stabilisieren. Der zeitinverse Prozess zum RR ist die
Photoionisation und der zeitinverse Prozess zur DR ist die resonante Photoionisati-
on.

Für Experimente zur Rekombination an freien Elektronen wird ein Elektronentar-
get verwendet, bei dem ein Elektronenstrahl entlang einer Wechselwirkungszone mit
dem Projektilstrahl überlagert wird (s. Kap. 3.2.1 zum Elektronenkühler). Observa-
blen sind neben den emittierten Photonen insbesondere die umgeladenen Projektil-
ionen. Elektronentargets bieten typischerweise wohldefinierte Elektronenenergien, so
dass für den resonanten DR-Prozess hochaufgelöste Spektren aufgenommen werden
können (z.B. Brandau et al. [15]).

Rekombinationsprozesse hochgeladener Ionen an Atomen niedriger Kernladungs-
zahl werden oft als Stöße an quasi-freien Elektronen betrachtet. Dies ist dann der
Fall, wenn die Bindungsenergie des Elektrons im Targetatom ET

B klein gegenüber
der kinetischen Elektronenenergie Ekin ist. Die Bindungsenergie des Targetelektrons
kann dann zwar vernachlässigt werden, jedoch besitzen die Elektronen eine intrinsi-
sche Impulsverteilung, das sog. Compton-Profil. Die Impulsverteilung ergibt sich aus
der Wellenfunktion im Impulsraum, d.h. der fouriertransformierten Ortswellenfunk-
tion. Tabellierte Compton-Profile finden sich in [14]. Das Beispiel eines Compton-
Profils für Stickstoff bei einer Projektilenergie von 90 MeV/u zeigt Abb. 2.2.
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Abb. 2.3.: Links: Anregung, Mitte: REC, Rechts: NRC.

Aufgrund des Compton-Profils lassen sich am Gastarget also keine hochaufgelösten
Rekombinationsspektren aufnehmen. Dafür bietet das Gastarget eine um Größen-
ordnungen höhere Elektronendichte im Wechselwirkungspunkt als ein Target freier
Elektronen. Diese kann erreicht werden, obwohl das Gastarget den Projektilstrahl
rechtwinklig kreuzt, während der Elektronenstrahl z.B. beim Elektronenkühler mit
dem Ionenstrahl parallel überlagert wird. So bietet sich auch nur am Gastarget die
Möglichkeit, Winkelverteilungen für die emittierten Photonen zu messen.

Bei Rekombinationsprozessen an quasi-freien Elektronen wird zwischen radiati-
vem Elektroneneinfang (Radiative Electron Capture, REC)

Aq+ +B → A(q−1)+ +B+ + γ (2.5)

und nichtradiativem Elektroneneinfang (Nonradiative Electron Capture, NRC)

Aq+ +B → A(q−1)+ +B+ (2.6)

unterschieden (vgl. Abb. 2.3). Beim radiativen Einfang in einen gebundenen Zu-
stand (K-Schale, L-Schale,...) mit der Energie Ef = EP

B des Projektils wird die
freiwerdende Energie durch ein Photon der Energie Eγ abgestrahlt.

Eγ = Ekin + |Ef | − γ|Ei|+ γ~v~pi (2.7)

Beispiele für Bindungsenergien Ef bei Uran wurden in Tab. 2.1 gegeben. Der Lorentz-
faktor γ ist zur Transformation der Targetenergien Ei = ET

B in das Projektilsystem
notwendig. Während die Energien Ekin, Ei und Ef wohldefiniert sind, wird die Ener-
gieverteilung der Photonen durch das Compton-Profil γ~v~pi = γvpz, also durch die
Projektion der Impulsverteilung der Targetelektronen auf die Projektilgeschwindig-
keit ~v aufgeweitet. Das Maximum der Verteilung liegt bei

Eγ = Ekin + |Ef | − γ|Ei|. (2.8)
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Abb. 2.4.: Totaler Wirkungsquerschnitt für den radiativen und nichtradiativen Elek-
troneneinfang in Stöße eines U92+-Projektils mit einem N2-Target [17].

Der Wirkunsquerschnitt für REC skaliert etwa linear mit der Ordnungszahl des
Targetatoms ∼ ZT , aber stark mit der Projektilkernladungszahl ∼ Z5

P [16].
Beim nichtradiativen Einfang wird keine Energie durch ein Photon abgestrahlt.

Dadurch ist dieser Prozess nur unter der Bedingung

Ekin + |Ef | = γ|Ei|+ γ~v~pi (2.9)

möglich. Die Energiebilanz kann nur bei niedrigen kinetischen Energien Ekin für
große Impulse pi, also hochenergetische Komponenten des Compton-Profils erfüllt
werden. Diese hochenergetischen Komponeten des Compton-Profils besitzen nur
Targetelektronen mit hohen Bindungsenergien, also Innerschalenelektronen in Ato-
men höhere Ordnungszahl ZT . Dadurch ergibt sich eine starke Skalierung des NRC
∼ Z5

T . Auch die Energieabhängigkeit von REC und NRC, wie in Abb. 2.4 lässt sich so
erklären: Während im unteren Energiebereich der nichtradiative Einfang dominiert,
ist im hochenergetischen Bereich der radiative Einfang dominant.

Insbesondere der REC-Prozess und die Winkelverteilung der REC-Photonen wur-
de für hochgeladene Ionen sowohl experimentell von Stöhlker et al. [17, 18, 19],
als auch theoretisch von Eichler et al. [20, 16] umfangreich untersucht. Das Bei-
spiel eines hochaufgelösten Röntgenspektrums gibt Abb. 2.9. Die Untersuchungen
zeigten, dass für das Photon die Winkelverteilung in Abhängigkeit des Emissions-
winkels ϑγ im Laborsystem in erster Näherung proportional ∼ sin2 ϑγ ist, relati-
vistische Effekte höhere Ordnung jedoch zu einem endlichen Wirkungsquerschnitt
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Abb. 2.5.: Wirkungsquerschnitt des L-REC differentiell im Beobachtungsraumwin-
kel dΩ in Abhängikeit des Emissionswinkel im Laborsystem ϑlab für das
im Bremsstrahlungsexperiment untersuchte Stoßsystem [23].

für Streuwinkeln (anti)parallel zum Projektilstrahl führen. Durch die umfangreichen
Tests der Theorien auf Basis von Dirac-Wellenfunktionen können diese nun als rich-
tig angenommen werden. Tabellierte Wert finden sich in [21] bzw. [22]. So können
andersherum theoretische Winkelverteilungen wie in Abb. 2.5 als Normierung für
Röntgendetektoreffizienzen und Beobachtungsraumwinkel verwendet werden.

Zur Vollständigkeit sei hier auch die Projektilanregung

Aq+ +B →
[
Aq+

]∗
+B → Aq+ +B + γ (2.10)

genannt. Die Anregung eines nicht vollständig ionisierten Projektils im Stoß mit
einem Targetatom findet dominant durch das Coulomb-Potential der Targetkerns
statt. Ist die kinetische Energie Ekin des Projektils höher als die Anregungsenergie
von einem besetzten Projektilzustand Ei in einen unbesetzten Zustand Ef , also

Ekin > Ef − Ei, (2.11)

so ist auch eine Anregung des Projektils durch ein Elektron des Targetatoms möglich.
Die Mechanismen entsprechen denen der in Kap. 2.2 beschriebenen Projektilionisa-
tion. Die Anregung durch das Coulomb-Potential des Kerns skaliert mit der Tar-
getkernladnungszahl wie Z2

T , während die Anregung durch die Targetelektronen mit
ZT skaliert. Typischerweise folgt darauf unmittelbar eine Relaxation, und das dabei
emittierte Photon kann beobachtet werden. Experimente zur Coulombanregung von
H- und He-ähnlichen Projektilen an leichten Gastargets wurden von Gumberidze et
al. mit Au-Ionen [24] und mit U-Ionen [25] durchgeführt.
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Abb. 2.6.: Links: RECC, Mitte: ECC, Rechts: ELC.

2.1.2. Rekombination unter Beobachtung eines Elektrons

Wird neben den umgeladenen Projektilen und den emittierten Photonen die weitere
Observable der emittierten Elektronen hinzugenommen, ergibt sich eine Fülle von
zu beobachtenden atomphysikalischen Prozessen.

Besonders groß ist der Wirkungsquerschnitt für die Emission von Elektronen mit
einer Geschwindigkeit ve, die etwa der Projektilgeschwindigkeit vp ≈ ve entspricht,
Cusp-Elektronen genannt. Diese Elektronen werden vom Targetatom in das Kon-
tinuum des Projektils eingefangen und besitzen dann im Projektilsystem eine ge-
ringe kinetische Energie. Analog zum radiativen und nichtradiativen Einfang eines
Elektrons in einen gebundenen Projektilzustand wird der radiative Einfang ins
Projektilkontinuum

Aq+ +B → Aq+ +B+ + e− + γ (2.12)

mit RECC (radiative electron capture to continuum) und der nichtradiative Ein-
fang ins Projektilkontinuum

Aq+ +B → Aq+ +B+ + e− (2.13)

mit ECC (electron capture to continuum), auch coulomb capture oder mechanical
electron capture, bezeichnet (vgl. Abb. 2.6). Die Skalierung der Wirkungsquerschnit-
te mit der Projektilenergie für den Einfang ins Kontinuum entsprechen etwa denen
für den Einfang in gebundene Zustände, wie Abb. 2.7(a) zeigt.

Aufgrund seines hohen Wirkungsquerschnittes bei niedrigen Projektilenergien wur-
de der ECC schon früh mit der Entwicklung der Elektronenspektroskopie von Rudd
et al. in niederenergtischen Stößen von Protonen an Helium entdeckt [28] und von
Macek [29] theoretisch interpretiert. Umfangreiche Rechnungen wurden dann von
Jakubaßa-Amundsen zum Vergleich von ECC und RECC durchgeführt [30]. Einen
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(a) Stoßsystem U92++ N2. Die Rechtecke
liegen bei Ep = 90 MeV/u [26].
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(b) Stoßsystem Kr36++H
für Ep = 20 MeV/u [27].

Abb. 2.7.: Wirkungsquerschnitte für RECC (hier RI genannt) und ECC, differentiell
in Elektronenenergie und -raumwinkel unter Vorwärtsemission ϑe = 0◦.

Überblick gibt [26]. Dort wird der RECC mit Radiative Ionization, RI bezeichnet.
Die verwendete Theorie wird in Kap. 2.5.2 näher erläutert.

Abb. 2.7(b) zeigt die Energieverteilung der Elektronen, die in Strahlrichtung, al-
so unter Vorwärtswinkeln emittiert werden. Zu erkennen ist die charakteristische
Form der Verteilung, der Elektronen-Cusp. Wie in Kap. 2.6 dargstellt ist das Maxi-
mum, bzw. die Divergenz der Verteilung unter einem Streuwinkel von ϑe = 0◦ und
der Elektrongeschwindigkeit gleich der Projektilgeschwindigkeit ve = vp eine Fol-
ge der Lorentztransformation vom Projektilsystem ins Laborsystem. Zu erkennen
ist die entgegengesetzte Asymmetrie beider Prozesse und die Dominanz des ECC-
Wirkungsquerschnittes unterhalb des Maximums, bzw. die Dominanz des RECC
oberhalb des Cusps. Die anschauliche Erklärung dieses Verhaltens ist die folgende
(s. [26, Kap. 2.3]): Beim RECC wird die durch den Einfang des Targetelektrons ins
Projektilkontinuum E ′f freiwerdende Energie auf das emittierte Photon übertragen.
Das Targetelektron entstammt im Ursprungszustand dominant aus dem Maximum
des Compton-Profils und damit aus dem Bereich minimaler Bindungenergie ET

i .
Das leicht gebundene Targetelektron wird vom Coulomb-Potential des hochgelade-
nen Projektils angezogen. Der große Streuwinkel im Projektilsystem führt zu einer
Vorwärtsemission im Laborsystem. Durch Energieerhaltung führt die Zunahme der
Elektronenenergie E ′f zu einer Abnahme der Energie des Photons E ′γ. Der minimale
Impulsübertrag qRECCmin auf den Targetkern ist mit der Projektilgeschwindigkeit v im
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Abb. 2.8.: Schema zum Vergleich von ECC und RECC.

Projektilsystem [26, Kap. 2.3]:

qRECCmin =
1

γv
|E ′f + E ′γ − γET

i | (2.14)

Für den ECC bietet sich nicht der Freiheitsgrad der Energie des emittierten Pho-
tons. Die freiwerdende Energie kann allein im Rückstoßimpuls des Targetkerns de-
poniert werden. Um diesen Impulsübertrag minimal zu halten entstammt das Tar-
getelektron aus den Ausläufern des Comptonprofils und bringt bereits eine hohe
Energie mit. Da keine weitere Energie abgegeben werden kann, kann das Elektron
nicht im Coulomb-Potential des Projektils beschleunigt werden und das Projektil
“überholen”. Das Targetelektron wird zwar vom Projektil angezogen, bleibt aber
hinter diesem. Der minimale Impulsübertrag ist hier eine Funktion des Impulses pz
des Targetelektrons aus dem Comptonprofil [26, Kap. 2.3]:

qECCmin = | 1

γv
(E ′f − γET

i ) + pz| (2.15)

Abb. 2.8 veranschaulicht diesen Mechanismus. Hier wird auch deutlich, wie der
RECC und die Bremsstrahlung zusammenhängen: Im Projektilsystem fliegt ein
(quasi-freies) Elektron auf das Projektil zu und wird unter Emission eines Pho-
tons im Coulomb-Feld des hochgeladenen Kerns gestreut. Die maximale Energie be-
kommt das Bremsstrahlungsphoton dann, wenn das Elektron im Projektilsystem im
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Abb. 2.9.: Hochaufgelöstes Röntgenspektrum für U92++H2-Kollisionen bei
96.6 MeV/u in Koinzidenz und Antikoinzidenz mit dem Rekombi-
nationsdetektor, aus [31, S. 102].

Endzustand keine kinetische Energie besitzt, also E ′f = 0. Natürlich sind alle Kom-
binationen mit höherer Projektilenergie und geringerer Photonenenergie möglich. So
ergibt sich die charakteristische Form des Bremsstrahlungsspektrums, wie sie Abb.
2.9 zeigt. Gut zu sehen ist hier der Übergang von der Bremsstrahlung, also dem
radiativen Einfang ins Kontinuum zum radiativen Einfang in gebundene (Rydberg-
) Zustände. Theoretische Grundlagen zur Äquivalenz des Einfangs in gebundene
Rydbergzustände und dem hochenergetischen Endpunkt der Bremsstrahlung wur-
den von Fano et al. in [2, 3, 4] diskutiert.

Der endliche Wirkungsquerschnitt am hochenergetischen Endpunkt der Brems-
strahlung ist dabei nur bei hochgeladenen Ionen sichtbar, also nur für ein Coulomb-
potential ohne Abschirmung, und ist weder durch die klassische Elektrodynamik,
noch durch quantenmechanische Rechnungen in erster Born’scher Näherung zu er-
klären. Die Theorien, die eine korrekte Beschreibung der Bremsstrahlung ermöglichen,
werden in Kap. 2.5 beschrieben.

Ziel des im Rahmen dieser Arbeit durchgeführten Experimentes war es, am hoch-
energetischen Endpunkt die Bremsstrahlungsphotonen und koinzident die entspre-
chenden Kontiuumselektronen zu messen. Näheres zur Bremsstrahlung in Kap. 2.4.
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2.2. Projektilionisation

Die einfache Elektronenstoßionisation eines Ions Aq+ im Ladungszustand q durch
freie Elektronen

Aq+ + e− → A(q+1)+ + e− (2.16)

ist nur dann möglich, wenn die kinetische Energie des Elektrons größer als die Bin-
dungsenergie des Elektrons im Ion ist (vgl. Tab. 2.1). In inverser Kinematik wird
der Prozess der Ionisation eines Projektils durch Streuung an einem Atom unter
Beobachtung des emittierten Projektilelektrons

Aq+ +B → A(q+1)+ +B + e− (2.17)

mit ELC (eletron loss to continuum) bezeichnet. Im Targetatom tragen je nach Pro-
jektilenergie und den beiden Kernladungszahlen sowohl die Targetelektronen, als
auch der Targetkern zur Ionisationswahrscheinlichkeit bei. Im Gegensatz zur Ioni-
sation durch den Targetkern ist die Ionisation durch die Targetelektronen nur dann
möglich, wenn die kinetische Elektronenenergie Ekin größer als die Bindungsenergie
des Elektrons im Projektil EP

B ist:

Ekin > EP
B . (2.18)

Die Targetelektronen haben zwei konkurrierende Einflüsse auf die Ionisations-
wahrscheinlichkeit: Durch die Targetelektronen wird das Coulomb-Potential des
Kerns abgeschirmt und verringert dadurch die Möglichkeit zur Projektilionisation
durch den Kern, dies wird als screening bezeichnet. Die Targetelektronen können
aber ab der Ionisationsschwelle selbst durch Elektronenstoßionisation zur Wahr-
scheinlichkeit der Projektilionisation beitragen, dies ist das sogenannte anti-screening.
Welcher der beiden Effekte dominiert, hängt vom Stoßsystem ab. Die Ionisations-
wahrscheinlichkeit durch den Kern skaliert etwa quadratisch mit der Ordnungszahl
des Targetatoms wie Z2

T , die Ionisation durch die Targetelektronen linear mit ZT . So
ist bei niedrigen Energien oberhalb der Ionisationsschwelle der Beitrag der Target-
elektronen zur Ionisationswahrscheinlichkeit und damit das anti-screening wichtig,
bei relativistischen Energien wird die Ionisationswahrscheilichkeit durch das lorentz-
kontrahierte Coulomb-Potential des Kerns (Liénard-Wiechert-Potential) dominiert
und durch den abschirmenden Effekt der Elektronen, das screening, verringert.

Die Elektronenverteilung des ELC wurde in einer großen Bandbreite von Energien
insbesondere unter Vorwärtsemission untersucht. Auch sie besitzt die typische Cusp-
Form, die sich aus der Wahrscheinlichkeit der Besetzung von Kontiuumszuständen
durch das freiwerdende Elektron ergibt, aber auch stark von der Lorentztransfor-
mation bestimmt ist (vgl. Kap. 2.6). Eine umfangreiche Darstellung der Theorie
zum ELC findet sich im Buch von Voitkiv [32]. Rechnungen für U91+ wurden auch
von Surzhykov durchgeführt [33]. Während viele Experimente zur Bestimmung von
absoluten Wirkungsquerschnitten der Projektilionisation durchgeführt wurden, sind
Experimente zur Untersuchung der Elektronenverteilung selten. Experimente bei
niedrigen Energien können mit Reaktionsmikroskopen durchgeführt werden, wie von
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Kollmus et al. [34]. Experimente zum ELC bei ultrarelativistischen Energien unter
Verwendung eines magnetischen Elektronenspektrometers wurden von Vane et al.
in [35] beschrieben.

2.3. Weitere Streuprozesse mit Elektronenemission

In den bisher aufgezählten Prozessen des ECC, RECC und ELC wird jeweils ein
Elektron mit einer geringen Kontinuumsenergie im Projektilsystem beobachtet, das
für 0◦-Spektroskopie im Laborsystem zum Elektronencusp beiträgt. Die Elektronen-
spektroskopie bietet eine Vielzahl weiterer Möglichkeiten zur Untersuchung atom-
und auch kernphysikalischer Prozesse. Eine kurze Übersicht soll im Folgenden gege-
ben werden. Die verwendeten experimentellen Techniken können hier nur benannt
werden, Details sind den Referenzen zu entnehmen.

Im Unterschied zur Cusp-Elektronenspektroskopie werden in den folgenden Pro-
zessen Elektronen mit einer größeren Energie emittiert. Durch die höhere Ener-
gie führt die Raumwinkeltransformation dazu, dass diese Prozesse unter Vorwärts-
winkeln mit einer sehr viel geringeren Nachweiseffizienz detektiert werden können.

• Binary Encounter
Der Binary Encounter ist die elastische Streuung eines Targetelektrons am
Projektil:

Aq+ +B → Aq+ +B+ + e− (2.19)

Für vollständig ionisierte Projektile, d.h. ein reines Coulomb-Potential, kann
der Prozess als Rutherford-Streuung beschrieben werden. Unter einem Beob-
achtungswinkel von ϑe = 0◦ lässt sich die Streuung unter ϑ′e = 180◦ im Pro-
jektilsystem beobachten. Das Maximum der Verteilung des Binary-Encounter
liegt für ϑe = 0◦ bei

EBE = 4Ekin + 2
E2

kin

mc2
(2.20)

Im nichtrelativistischen Grenzfall Ekin � mc2 gilt die Näherung EBE ≈ 4Ekin.
Die Breite der Binary-Encounter-Verteilung ergibt sich aus dem Compton-
Profil des Targets. Aufgrund der einfachen Berechnung seines Wirkungsquer-
schnittes kann der Binary-Encounter prinzipiell auch zur Kalibration von Spek-
trometereffizienzen verwendet werden. Absolute Wirkungsquerschnitte wurden
unter anderem von De Filippo et at. mit einem Flugzeitspektrometer vermes-
sen [36].

• Auger-Effekt
Durch den Auger-Effekt kann ein angeregter Zustand, der durch Coulomb-
Anregung oder eine Innerschalenionisation entstanden ist, beim Übergang in
den Grundzustand die freiwerdende Energie zur Emission eines weiteren Elek-
trons verwenden:

Aq+ +B →
[
A(q+1)+

]∗
+B + e− → A(q+2)+ +B + 2e− (2.21)
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Ähnlich dazu ist die resonante elastische bzw. inelastische Streuung:

Aq+ +B →
[
A(q−1)+

]∗∗
+B+ →

[
Aq+

](∗)
+ e− +B+ (2.22)

Experimente mit niedrigen Ladungszuständen bei nichtrelativistischen Energi-
en wurden beispielsweise von Zouros et al. mit elektrostatischen Spektrometern
durchgeführt [37]. Ein Beispiel eines toroidalen elektrostatischen Spektrome-
ters zeigt [38].

Für Auger-Elektronenspektroskopie bei hohen Energien existieren bisher nur
theoretische Rechungen. Die Wirkungsquerschnitte für Auger-Zerfall eines Be-
ähnlichen angeregten Zustandes von U88+ bei 100 MeV/u wurden von Fritzsche
et al. berechnet [39]. Der Auger-Zerfall von Li-ähnlichem U89+ in Konkurrenz
zum radiativen Übergang (Two-Electron-One-Photon-Transition, TEOP) wird
in [40] beschrieben.

• Konversionselektronen
Ebenso wie in der Atomphysik können in der Kernphysik angeregte Kern-
zustände nicht nur durch die Emission von Photonen, sondern auch durch die
Emission von Elektronen aus der Atomhülle in den Grundzustand übergehen.

[A∗]q+ → A(q+1)+ + e− (2.23)

Zur Untersuchung von Kernstrukturen wurden umfangreiche Messungen der
Energien von Konversionselektronen durchgeführt. Dazu wurden BILL-Spek-
trometer verwendet [41]. Diese magnetischen Spektrometer bieten ein sehr
hohe Energieauflösung.

Diskutiert wird auch ein Szenario, indem ein vollständig ionisiertes Projektil
in einem angeregten Kernzustand an Atomen streut und erst durch den Ein-
fang eines Elektrons die Möglichkeit zur Emission eines Konversionselektrons
bekommt:

[A∗]q+ +B → [A∗](q−1)+ +B+ → Aq+ +B+ + e− (2.24)

Ist die Anregungenergie des Kerns genau bekannt, so lässt sich durch Messung
der Elektronenenergie die Bindungsenergie des Elektrons, auch aufgrund der
Kinematik, sehr genau bestimmen.

• NEEC
Von der Theorie werden Prozesse vorhergesagt, bei denen beim Einfang eines
Targetelektrons in ein hochgeladenes Projektilion die freiwerdende Energie zur
Anregung eines Kernzustandes verwendet wird:

Aq+ +B → [A∗](q−1)+ +B+ → Aq+ +B+ + e− (2.25)

Dieser Prozess wird nuclear excitation by electron capture (NEEC) genannt.
Da der angeregte Kernzustand über ein Konversionselektron zerfällt, ist der
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Endzustand mit dem von atomphysikalischen Prozessen wie der elastischen
Streuung identisch, während die Wirkungsquerschnitte um Größenordnungen
kleiner sind. Theoretische Rechnungen und das Szenario eines Experimentes
unter Verwendung des in dieser Arbeit beschriebenen Elektronenspektrometers
werden von Pálffy und Harman in [42] dargestellt.

• Paarbildung
Ist in Stößen von Ionen mit Atomen die kinetische Elektronenenergie Ekin

größer als die doppelte Ruhemasse des Elektrons von 2me = 1022 keV/c2,
das heißt bei Projektilenergien von Ep > 2 GeV/u, kann die dynamische Er-
zeugung von freien Elektronen-Positronen-Paaren (free-free-pair-production)
beobachtet werden:

Aq+ +B → Aq+ +B + e− + e+ (2.26)

Experimentell wurde für diesen Prozess die Energie- und Winkelverteilung
der emittierten Elektronen und Positronen unter anderem mit dem Advanced
Positron Spectrometer untersucht [43].

Ähnlich dazu ist der Prozess, bei dem bei hohen Projektilenergien ein Target-
elektron in einen gebundenen Zustand eines vollständig ionisierten Projektil-
ions eingefangen wird und die freiwerdende Energie so groß ist, dass sie zur
Erzeugung eines Elektron-Positron-Paares genügt. Wird das erzeugte Elektron
auch in das Projektil eingefangen, so wird dieser Prozess negative-continuum
dielectronic recombination (NCDR) genannt:

Aq+ +B → A(q−2)+ +B+ + e+ (2.27)

Die hierfür notwendige Projektilenergie ist geringer als bei der Erzeugung freier
Elektron-Positron-Paare, da hier die Bindungsenergie EB der beiden eingefan-
gen Elektronen zur Verfügung steht:

Ekin > 2mc2 − 2EB (2.28)

Dies entspricht bei der 1s-Bindungsenergie von U92+ von EB = 132 keV (s.
Abb. 2.1) einer Mindestenergie von Ekin > 758 keV, also Ep > 1.4 GeV/u. Be-
rechnungen zu Wirkungsquerschnitten und der Winkelverteilung des Positrons
sind in [44, 45, 46] beschrieben.

2.4. Grundlagen der Bremsstrahlung

Erfährt ein geladenes Teilchen eine Beschleunigung, so kann dabei ein Photon emit-
tiert werden. Dieser Prozess wird als Bremsstrahlung bezeichnet. Die Beschleuni-
gung des geladenen Teilchens kann im Coulomb-Feld eines Kerns geschehen (z.B.
Elektron-Kern-Bremsstrahlung), in Stößen mit den Elektronen eines Atoms (z.B.
Elektron-Elektron-Bremsstrahlung) oder in starken makroskopischen Magnetfeldern
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von Teilchenbeschleunigern. Bei den geladenen Teilchen kann es sich beispielsweise
um Elektronen, Positronen oder Protonen handeln. In makroskopischen Magnetfel-
dern, wie denen eines Speicherrings mit dem Bahnradius ρ, emittiert ein Teilchen
der Masse m und Ladung Ze bei einer relativistischen Geschwindigkeit v ≈ c und
einer kinetischen Energie E pro Umlauf eine Energie von [47, S.365]

∆E =
(Ze)2

3ε0(mc2)4

E4

ρ
. (2.29)

Diese in einem Speicherring pro Umlauf abgegebene Energie wird als Synchrotron-
strahlung bezeichnet und ist die aufgrund von transversaler Beschleunigung emittier-
te Bremsstrahlung. Die m−4-Skalierung des Prozesses zeigt, dass gegenüber Elektro-
nen und Positronen ein Energieverlust bei Protonen zwar möglich, aber in typischen
Anwendungen vernachlässigbar gering ist. Die folgenden Ausführungen konzentrie-
ren sich daher auf die Bremsstrahlung von Elektronen. Referenzen zum Vergleich
von Elektronen und Positronen werden später gegeben.

Die Tatsache, dass ein geladenes Teilchen, welches eine Beschleunigung erfährt,
eine elektromagnetische Welle emittiert, ist eine direkte Folge klassischer Elektrody-
namik. Anschaulich lässt sich dies folgendermaßen erklären: Ein geladenes Teichen
wird im Ruhesystem des Teilchens von einem elektrischen Feld umgeben. Ein sich
relativ dazu mit konstanter Geschwindigkeit bewegendes System sieht dieses elek-
tromagnetische Feld. Ändert das geladene Teilchen seine Geschwindigkeit, so kann
sich die Information nur mit Lichtgeschwindigkeit c ausbreiten, d.h. nach der Zeit t
verhält sich das Feld im Abstand größer c · t von dem Teilchen noch so, als hätte sich
das Teilchen mit konstanter Geschwindigkeit weiterbewegt. Am Übergang entsteht
eine elektromagnetische Welle, die sich vom Teilchen von dem Punkt geänderter
Geschwindigkeit ausgehend in alle Raumrichtungen mit Lichtgeschwindigkeit aus-
breitet (s. Abb. 2.10).

In der klassischen Elektrodynamik lässt sich für das Bremsstrahlungsphoton eine
Winkelverteilung der abgestrahlten Energie pro Frequenzintervall und Raumwinkel
dI(ω)/dΩγ in Dipolnäherung berechnen [48, Kap. 15.1]:

dI(ω)

dΩγ

=
e2

16π3ε0c3

∣∣∣∣∣

∫
~n×

(
~n× d~β

dt

)
eiωtdt

∣∣∣∣∣

2

(2.30)

Der Einheitsvektor ~n gibt hierbei die Emissionsrichtung des Photons an. Für gerin-
ge Energien des Photons ~ω im Vergleich zur Zeit τ , in der sich das Elektron im
Potential des Kerns befindet, d.h. für ωτ � 1, führt das Integral zur Differenz ∆~β
aus einlaufendem Elektron ~βi und auslaufendem Elektron ~βf :

∫
d~β

dt
eiωtdt ≈

∫
d~β

dt
dt = ~βf − ~βi = ∆~β. (2.31)

Der Geschwindigkeitsverlust ∆~β entspricht der Beschleunigung, die das Elektron
durch den Kern erfährt, und besitzt somit dieselbe Richtung. Das ausmultiplizierte
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Abb. 2.10.: Elektrische Feldlinien einer entschleunigten Punktladung. Dargestellt ist
der Fall eines geladenen Teilchens, das sich mit konstanter Geschwindig-
keit bewegt und dann abrupt stehen bleibt [7, S. 10].

Kreuzprodukt ergibt die Winkelverteilung

dI(ω)

dΩγ

=
e2

16π3ε0c3
|∆~β|2 sin2 ϑ für ωτ < 1. (2.32)

(Für ωτ > 1 gilt in dieser Näherung I(ω) = 0.) Dabei ist ϑ der Winkel zwischen

∆~β und der Emissionsrichtung des Photons ~n. Das Maximum der Verteilung ergibt
sich, wenn ~n rechtwinklig zu ∆~β ist, keine Bremsstrahlung ist in Richtung von ~n
zu beobachten. Im Grenzfall paralleler oder antiparalleler Streuung des Elektrons
befindet sich das Maximum der Bremsstrahlungsverteilung unter 90◦ zum einlau-
fenden Elektron. Die Verteilung von Gl. 2.32 gilt im Bezugssystem des einlaufenden
Elektrons und kann für die Streuung eines Elektrons an einem raumfesten Target ins
Laborsystem transformiert werden. Durch die Lorentztransformation wird das Pho-
ton dominant in Richtung des gestreuten Elektrons emittiert, und die symmetrische
sin2 ϑ-Verteilung nimmt die in Abb. 2.12 dargestellte Form an. Andersherum ist in
inverser Kinematik, in der ein Kern an einem freien Elektron streut, im Laborsystem
eine sin2 ϑ-Verteilung zu erwarten.

Der klassischen, auf der Elektrodynamik basierende Bremsstrahlungstheorie zu-
folge müsste jedes geladene Teilchen, das eine Beschleunigung erfährt, Bremsstrah-
lung emittieren. Eine auf der Quantenmechanik basierende Theorie hingegen ergibt
einen endlichen Wirkungsquerschnitt für die Emission eines Photons, der gegenüber
der elastischen Streuung um den Faktor der Feinstrukturkonstante α ≈ 1/137 un-
terdrückt ist, da hierfür die Kopplung des Elektrons mit dem elektromagnetischen
Feld des emittierten Photons notwendig ist. Auch die Energieverteilung der Pho-
tonen lässt sich nur unter der Annahme eines quantisierten Feldes erklären: Die
Energieerhaltung besagt für die Energie des einlaufenden Elektrons Ei, die Energie
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des auslaufende Elektrons Ef und die Energie des Photons Eγ

Ei = Ef + Eγ. (2.33)

Die Energieverteilung nimmt mit zunehmender Photonenenergie ab, besitzt aber
für die Streuung in einem reinen Coulombfeld eine endliche Wahrscheinlichkeit am
hochenergetischen Ende, bei dem die gesamte Energie des einlaufenden Elektrons
auf das Photon übertragen wird, und somit Ef = 0 und Eγ = Ei ist. Gerade dieser
endliche Wirkungsquerschnitt am hochenergetischen Ende der Bremsstrahlung lässt
sich nicht klassisch erklären.

Experimentell wurde die Bremsstrahlung von Röntgen im Jahre 1895 entdeckt, als
er Elektronen aus einer thermischen Kathode auf eine Anode aus Metall beschleu-
nigte und die dabei emittierte elektromagnetische Strahlung untersuchte. Es zeigte
sich, dass ein kontinuierliches Energiespektrum zu beobachten war, welches später
als Bremsstrahlung bezeichnet wurde. Überlagert waren charakteristische Linien zu
sehen, die sich aus Innerschalenübergängen ergaben.

Das kontinuierliche Energiespektrum der emittierten Photonen wird dominant
durch Elektron-Kern-Bremsstrahlung erzeugt. Wie bei der Projektilionisation
(vgl. Kap. 2.2) ist auch hier der Effekt der Elektronen des Targetatoms zweierlei: Die
Elektronen schirmen das Kernpotential ab und verringern so die Wahrscheinlichkeit
für den Bremsstrahlunsprozess. Sie tragen aber auch durch Elektron-Elektron-
Bremsstrahlung zur Erzeugung von Bremsstrahlung bei. Für hohe Kernladung-
zahlen Z ist die linear mit Z skalierende Elektron-Elektron-Bremsstrahlung ge-
genüber der mit Z2 skalierenden Elektron-Kern-Bremsstrahlung vernachlässigbar.

Der Beschuss eines Materials hoher Kernladungszahl mit Elektronen unter Be-
obachtung der emittierten Photonen ist die einfachste Methode zur Erzeugung der
Elektron-Kern-Bremsstrahlung. Eine genauere Analyse des Prozesses ist jedoch nur
möglich, wenn sowohl die Energie- und Winkelverteilung des Photons, als auch die
des Elektrons beobachtet werden. Da die Energie des auslaufenden Photons Eγ und
Elektrons Ef in Abhängigkeit der Energie des einlaufenden Elektrons Ei über die
Energieerhaltung Ei = Ef +Eγ bestimmt sind, reicht es prinzipiell, die Energie eines
der beiden auslaufenden Teilchen zu messen. Eine vollständige Beschreibung besteht
also aus einem 3-fach-differentiellen Wirkungsquerschnitt d3σ/dEf/dΩf/dΩγ oder
d3σ/dEγ/dΩf/dΩγ, dieser wird dann als Elementarprozess der Elektron-Kern-
Bremsstrahlung bezeichnet. Eine ausführliche Einführung dazu wird in dem Buch
von Haug und Nakel [7] gegeben.

Beispiele dieser ”klassischen“ Bremsstrahlungsexperimente werden in Kap. 2.4.1
diskutiert. Zusätzliche Oberservablen ergeben sich, wenn auch die Polarisation vom
einlaufenden Elektron und vom auslaufenden Elektron und Photon beobachtet wer-
den. Experimente mit dieser Zielrichtung werden in Kap. 2.4.2 vorgestellt. Expe-
rimente in inverser Kinematik, bei denen hochgeladene Ionen an im Laborsystem
ruhenden Elektronen gestreut werden, sind in Kap. 2.4.3 erklärt.
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2.4.1. Klassische Bremsstrahlungsexperimente

Erste Experimente zur Untersuchung des Elementarprozesses der Bremsstrahlung
wurden ab 1966 von Nakel in Tübingen durchgeführt. Den verwendeten Aufbau
zeigt Abb. 2.11. In diesen ”klassischen“ Bremsstrahlungexperimenten wurde mit
einem Elektronenstrahl mit einer Energie von mehreren 100 keV eine dünne Gold-
folie bestrahlt. Die Energie der gestreuten Elektronen wurde mit einem dispersiven
Magneten und einem Szintillationsdetektor bestimmt, die Energie des emittierten
Photons wurde in Koinzidenz dazu mit einem Germaniumdetektor gemessen. Win-
kelverteilungen wurden durch Variation der Positionen der Detektoren bestimmt.

Als Beispiel dieser Messungen zeigt Abb. 2.12 typische Winkelverteilungen des
Bremsstrahlungsphotons für verschiedene Emissionsrichtungen des Elektrons. Für
eine Emission des Elektrons parallel zum einlaufende Strahl ϑe = 0◦ ist eine sym-
metrische Winkelverteilung des Photons zu erkennen. Die Verteilung lässt eine für
Dipolstrahlung typischen sin2 ϑγ-Verteilung erkennen, die jedoch aufgrund der Ki-
nematik in Vorwärtsrichtung verschoben ist. Die Daten zeigen auch die wichtige
Tatsache, dass für einen Emissionswinkel ϑe > 0◦ des Elektrons eine Emission des
Photons in dieselbe Richtung favorisiert wird (vgl. Kap. 2.4). Details dazu finden
sich im Buch von Haug und Nakel [7].

Diese Art von Aufbau ist konzeptionell eher einfach, ermöglicht es aber nicht, den
Bereich des hochenergetischen Endpunktes der Bremsstrahlung zu untersuchen. Es
sind hier keine Koinzidenzmessungen zwischen dem auslaufenden Elektron und dem
Photon möglich, wenn das Elektron alle Energie an das Photon abgibt, denn dann
kann das Elektron das Target nicht mehr verlassen.

W Nakel/Physics Reports 243 (1994) 317—353 323

1.3. Survey of experimental devices

The schematic diagram of Fig. 2 shows the main components employed in coincidence experiments
to study the elementary processes of electron—nucleus and electron—electron bremsstrahlung. In the
following short compilation of the individual components we refer only to corresponding sections of
this review where the pertinent citations are given.
(a) Electron beams. The experiments were done in the energy range between 120 and 300 keY with

the help of electrostatic accelerators. For unpolarized beams the usual directly heated tungsten cathodes
were used. The source for the spin-polarized electron beam used the photoemission of electrons from
a GaAsP crystal irradiated by circularly polarized light of a helium-neon laser (Section 2.3.2).
(b) Targets. In all experiments of the topic discussed here thin solid foils are used as targets with

thicknesses mostly between 10 and 50 ~g/cm2 to keep plural scattering of electrons as small as
possible. Nevertheless there remains a finite probability that the electrons will be scattered (Mott,
MØller) before and/or after the bremsstrahlung process. The influence of plural scattering was checked
by using targets of different thicknesses or by Monte Carlo calculations.
(c) Photon detectors. For the detection and energy analysis of bremsstrahlung are used: Scintillation

detectors (Section 2.2 and Section 2.3), lithium-drifted germanium detectors (Section 2.3), and
intrinsic germanium detectors (Section 2.2.3 and Section 3.2.2). Those detectors sensitive for the
linear polarization of the photons depend on the polarization sensitivity of the Compton scattering
(Section 2.3.1 and Section 3.3.1).

(d) Electron detectors. For the detection of the decelerated outgoing electrons scintillation detectors
as well as surface barrier detectors (Section 2.2) and lithium-drifted silicon detectors (Section 3.3.1)
were used. It is essential to avoid detecting elastically scattered electrons since their count rates in
general are orders of magnitude higher than those for electrons after radiative scattering. In order to
eliminate the elastically scattered electrons before reaching the detector a magnetic selector is inserted
in front of the detector. Mostly, dispersive magnets are used, focusing a well-defined energy onto the
detector (Section 2.2, Section 2.3 and Section 3.3). Thus it is possible to use plastic scintillators as
detectors with poor energy resolution but good timing properties, which is desirable for coincidence
experiments. However, also non-dispersive and doubly focusing (i.e., triply focusing) magnets were
employed in order to eliminate elastically scattered electrons but to transmit the inelastically scattered
electrons within a broad energy range onto an energy dispersive (semiconductor) detector. With such

ELECTRON
MAGNETIC DETECTOR
SELECTOR

TARGET
UNPOLARIZED DR FOIL
TRANSVERSELY POL. ~ COINCI-
ELECTRON BEAM ~ PHOTON DENCE

DETECTOR

Fig. 2. Schematic diagram of experimental arrangements. The dashed-lined blocks mark a second magnetic selector with
electron detector used for the secondoutgoing electron in an electron—electron bremsstrahlung experiment (Section 3.3.1).Abb. 2.11.: Aufbau eines klassischen Bremsstrahlungsexperimentes von Nakel [49].
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Fig. 4. Measured (circles) and calculated (full line) photon angular distributions for fixed directions of outgoing electrons
(from Nakel [6]). Incident electron energy 300 keV, outgoing electron directions of (a) 0°, (b) 5°,and (c) 10°,and
energy of 170 keY. Atomic number Z = 79. The curves are predicted by the theory of Elwert and Haug [171.
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Abb. 2.12.: Von Nakel gemessene Winkelverteilung des Bremsstrahlungsphotons bei
einer Energie von Ei = 300 keV für das einlaufende Elektron und
Ef = 170 keV für das auslaufende Elektron. Der Emissionswinkel des
Elektrons betrug (a) ϑe = 0◦, (b) ϑe = 5◦ und (c) ϑe = 10◦, es wurde
ein Gold-Target verwendet [49].

2.4.2. Bremsstrahlungsexperimente mit polarisierten Elektronen

Neben der Energie- und Winkelverteilung des Elektrons und des Photons können
als weitere Observablen die jeweilige Polarisation untersucht werden. Beispiel dafür
sind Experimente, die in Darmstadt am supraleitenden Elektronenbeschleuniger
S-DANILAC durchgeführt wurden. Dieser bietet hochintensive spinpolarisierte Elek-
tronenstrahlen mit einer Energie von bis zu 130 MeV. Ähnlich dem in Kap. 2.4.1 be-
schriebenen Aufbau wurde hier mit Elektronen von 100 keV ein Goldtarget bestrahlt,
und die Polarisation der emittierten Photonen mit neuentwickelten Compton-Polari-
metern gemessen. So wurde nach theoretischen Vorüberlegungen von Yerokhin [6]
in Experimenten von Tashenov [50, 51] und von Märtin [52, 53] untersucht, wie
sich der Grad der Polarisation des einlaufenden Elektrons auf die Polarisation des
Photons überträgt. Jedoch bestand hier keine Möglichkeit für Koinzidenzmessungen
mit den emittierten Elektronen.

2.4.3. Bremsstrahlungsexperimente in inverser Kinematik

Während in den in Kap. 2.4.1 und 2.4.2 beschriebenen Experimenten Elektronen
an Targets mit hoher Kernladungszahl Z streuen, besteht der Ansatz der inversen
Kinematik darin, ein hochgeladenes Projektil an quasi-freien Elekronen zu streuen,
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Figure 2. X-ray spectra for 223.2 MeV/u U90+ on N2 collisions recorded (a) without, and (b)
in coincidence with down-charged U89+ ions. The positions of the characteristic radiation of
projectile, of the endpoint of the primary bremsstrahlung, as well as positions of REC leading to
the L, M and higher shells are marked by arrows. The data shown in (c) represent the spectrum
corrected for x-rays associated with electron capture and corrected for the efficiency of the x-ray
detectors. The broken curve shows the result of the least squares fit of the background radiation.

(1975) estimated that for intermediate energy ion–atom collisions the cross section for
SEB becomes comparable with the primary bremsstrahlung or REC cross sections for
targets densities above 1018 particles per cm2. In our case, however, the emission
of SEB may occur in the walls of the scattering chamber or detector windows as
well.

Apart from bremsstrahlung, the discrete lines of the characteristic projectile radiation
can be seen together with REC into the L- and M- and higher shells. The K↵ and K�

radiation is produced here by the Coulomb excitation of the K-shell electrons. The spectrum
shown in figure 2(b) was taken in coincidence with down-charged U89+ ions. As seen in
the figure, the coincident spectrum is dominated by L- and M-REC radiation (K-REC as
well as characteristic Kx-rays of the projectile are not present due to the occupied K-shell
of the projectile). A comparison of figure 2(a) with figure 2(b) demonstrates that in order

Abb. 2.13.: Röntgenspektrum unter 132◦ zur Strahlachste für Kollisionen von U90+

auf N2 bei 223 MeV/u (a) ohne Koinzidenzbedingung, (b) in Koinzidenz
mit rekombinierten U89+-Projektilen. Spektrum (c) enthält alle Ereig-
nisse ohne rekombiniertes Projektil [54].

wie in Kap. 2.1.2 beschrieben. Ein erstes Experiment dieser Art zur Untersuchung
der Bremsstrahlung wurden von Ludziejewski et al. an der GSI durchgeführt [54].
Dabei wurde ein U90+-Strahl bei 223 MeV/u mit einem N2-Target gekreuzt. Die
emittierten Photonen wurden an drei verschiedenen Winkeln um das Gastarget in
Koinzidenz mit den rekombinierten U89+-Projektilen detektiert (s. Abb. 2.13 und
auch Abb. 2.15). Interessant an dieser Messung ist, dass die Bremsstrahlung und
ihr hochenergetischer Endpunkt erst dann in den Daten sichtbar war, als von dem
nichtkoinzidenten Röntgenspektrum die Ereignisse abgezogen wurden, bei denen
koinzident eine Umladung detektiert wurde. So ließen sich klar die Ereignisse der
radiativen Rekombination in gebundene Zustände (REC) von denen in nichtgebun-
dene, d.h. ins Projektilkontinuum (RECC) unterscheiden. Voraussetzung hierfür ist,
dass rekombinierte Projektile mit bekannter Nachweiseffizienz von typischerweise
100% detektiert werden können.

Das erste Experiment zur Messung der Elektronenverteilung am hochenergeti-
schen Endpunkt der Bremsstrahlung wurde von Nofal et al. durchgeführt [55]. Es
wurde ein U88+-Projektilstrahl bei 90 MeV/u und ein N2-Target verwendet. Dies
war das Pilotexperiment zu den in Rahmen dieser Arbeit durchgeführten, weitaus
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noncoincident ECC electron cusp would dominate the
measured spectrum.

In Fig. 2 we show the double differential cross section
for radiative electron capture to the projectile continuum,
i.e., the RECC cusp, for
 

U88! ! N2 ! U88!"1s22s2# ! fN2
!$g

! hv! ecusp"0%# "RECC#;

which has been derived as a function of the electron
momentum in the laboratory frame from coincidences
between x-ray photons detected under ! & 90% and elec-
trons analyzed in the forward electron spectrometer. The
DDCS exhibits a cusp at ~velectron & ~vprojectile (i.e., pe=p0 &
1) which coincides with the simultaneously measured ELC
and the ECC cusp maxima (we note that for the RECC
coincidences no simultaneous coincident charge ex-
changed projectile was detected).

The pronounced peak asymmetry emphasizes the high
energy slope of the cusp, which is well described by theory.
The asymmetry is opposite to the one found for Coulomb
capture (ECC) at lower collision energies [8,18]: For an
observer in the U88!-projectile frame the incident target
electron is decelerated from ve-ps ' vproj to a velocity' 0,
its total kinetic energy being carried away by the x-ray
photon. The electron remains with very little kinetic energy
Eeproj: system in the projectile frame, bounces back from the
projectile and, thus, appears—now seen in the laboratory

reference frame—predominantly in the beam direction
with corresponding momentum pe > "vprojectile (" &
relativistic mass). Comparison is made with RECC calcu-
lations using the relativistic impulse approximation [3(b)],
a convolution of the Elwert-Haug B-S theory [14] with the
momentum distribution of the initial electronic state [3(b)].
The experiment is normalized to theory at the cusp maxi-
mum. The full curve in Fig. 2 represents the theoretical
DDCS (with its divergence at ~velectron & ~vprojectile) folded
with the instrumental momentum resolution. The theory is
integrated over the acceptance of the photon detector.
Since the latter implies integration over the target
Compton profile, the different subshell contributions differ
at most by 5% for the high collision energy considered
here.

We observe the maximum of the theoretical DDCS for
RECC at a slightly higher electron laboratory momentum
than the experimental maximum. In fact, this shift of the
theoretical curve away from the ‘‘true’’ cusp position ~p0 is
due to the folding procedure. The asymmetric shape func-
tion S of the theoretical DDCS with its true maximum
centered at ~velectron & ~vprojectile is shifted into the direction
of the gentler slope of S, i.e., in the direction of higher
electron momenta, if folded with a resolution function R.
The comparison of experimental and theoretical cusp
shapes is complicated, however, by a contribution appear-
ing in the experimental DDCS that is not accounted for by
theory: It originates from electrons captured into Rydberg
states of the projectile and subsequently field ionized in the
60% magnet. Such electrons have been demonstrated
[19,20] to contribute significantly to the electron cusp.
For a magnetic field not exceeding 40 G in the spectrome-

ter dipole we estimate from n & 1
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FIG. 2 (color online). RECC cusp, i.e., the double differential
cross section (DDCS) for radiative electron capture to the con-
tinuum (RECC) as a function of the electron momentum in a.u.
(lower scale). The abscissa on the top corresponds to the electron
kinetic energy in the projectile frame Eeproj: system. Note the highly
nonlinear relation between laboratory momentum pe and pro-
jectile frame electron energy Eeproj: system. The full curve repre-
sents the theoretical DDCS folded with the instrumental
momentum resolution. The experimental cross section is nor-
malized to the maximum of the theoretical DDCS.
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(a) Röntgenspektrum unter 90◦ zur Strahl-
achse mit und ohne Koinzidenz mit
0◦-Elektronen

noncoincident ECC electron cusp would dominate the
measured spectrum.

In Fig. 2 we show the double differential cross section
for radiative electron capture to the projectile continuum,
i.e., the RECC cusp, for
 

U88! ! N2 ! U88!"1s22s2# ! fN2
!$g

! hv! ecusp"0%# "RECC#;

which has been derived as a function of the electron
momentum in the laboratory frame from coincidences
between x-ray photons detected under ! & 90% and elec-
trons analyzed in the forward electron spectrometer. The
DDCS exhibits a cusp at ~velectron & ~vprojectile (i.e., pe=p0 &
1) which coincides with the simultaneously measured ELC
and the ECC cusp maxima (we note that for the RECC
coincidences no simultaneous coincident charge ex-
changed projectile was detected).

The pronounced peak asymmetry emphasizes the high
energy slope of the cusp, which is well described by theory.
The asymmetry is opposite to the one found for Coulomb
capture (ECC) at lower collision energies [8,18]: For an
observer in the U88!-projectile frame the incident target
electron is decelerated from ve-ps ' vproj to a velocity' 0,
its total kinetic energy being carried away by the x-ray
photon. The electron remains with very little kinetic energy
Eeproj: system in the projectile frame, bounces back from the
projectile and, thus, appears—now seen in the laboratory

reference frame—predominantly in the beam direction
with corresponding momentum pe > "vprojectile (" &
relativistic mass). Comparison is made with RECC calcu-
lations using the relativistic impulse approximation [3(b)],
a convolution of the Elwert-Haug B-S theory [14] with the
momentum distribution of the initial electronic state [3(b)].
The experiment is normalized to theory at the cusp maxi-
mum. The full curve in Fig. 2 represents the theoretical
DDCS (with its divergence at ~velectron & ~vprojectile) folded
with the instrumental momentum resolution. The theory is
integrated over the acceptance of the photon detector.
Since the latter implies integration over the target
Compton profile, the different subshell contributions differ
at most by 5% for the high collision energy considered
here.

We observe the maximum of the theoretical DDCS for
RECC at a slightly higher electron laboratory momentum
than the experimental maximum. In fact, this shift of the
theoretical curve away from the ‘‘true’’ cusp position ~p0 is
due to the folding procedure. The asymmetric shape func-
tion S of the theoretical DDCS with its true maximum
centered at ~velectron & ~vprojectile is shifted into the direction
of the gentler slope of S, i.e., in the direction of higher
electron momenta, if folded with a resolution function R.
The comparison of experimental and theoretical cusp
shapes is complicated, however, by a contribution appear-
ing in the experimental DDCS that is not accounted for by
theory: It originates from electrons captured into Rydberg
states of the projectile and subsequently field ionized in the
60% magnet. Such electrons have been demonstrated
[19,20] to contribute significantly to the electron cusp.
For a magnetic field not exceeding 40 G in the spectrome-

ter dipole we estimate from n & 1
2
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FIG. 2 (color online). RECC cusp, i.e., the double differential
cross section (DDCS) for radiative electron capture to the con-
tinuum (RECC) as a function of the electron momentum in a.u.
(lower scale). The abscissa on the top corresponds to the electron
kinetic energy in the projectile frame Eeproj: system. Note the highly
nonlinear relation between laboratory momentum pe and pro-
jectile frame electron energy Eeproj: system. The full curve repre-
sents the theoretical DDCS folded with the instrumental
momentum resolution. The experimental cross section is nor-
malized to the maximum of the theoretical DDCS.
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(b) Elektronenspektrum in Koinzidenz mit
Bremsstrahlungsphotonen

Abb. 2.14.: Experiment von Nofal et al.: U88+ →N2 @ 90 MeV/u [55].

detaillierteren Untersuchungen. Der Aufbau war zwar einfacher, aber vom Prinzip
dem in Kap. 5 beschriebenen ähnlich. Details sind in der Dissertation von Nofal [8]
nachzulesen. Das Röntgenspektrum in Abb. 2.14(a) zeigt, dass durch eine Koinzi-
denz mit den unter 0◦ emittierten Cusp-Elektronen genau die Photonen vom hoch-
energetischen Endpunkt der Bremsstrahlung sichtbar werden. Dies entspricht dem
radiativen Einfang eines Targetelektrons in niederenergetische Kontinuumszustände
des Projektils (vgl. Kap. 2.1.2). Die vermessene Impulsverteilung des Elektrons im
Projektilkontinuum zeigt Abb. 2.14(b). Zu erkennen ist die asymmetrische Form, die
eine Emission des Elektrons in Vorwärtsrichtung favorisiert. Jedoch bestanden noch
deutliche Diskrepanzen zwischen den experimentellen Daten und der von Jakubaßa-
Amundsen mittels Sommerfeld-Maue-Wellenfunktionen berechneten Theorie (vgl.
Kap. 2.5.2).

2.5. Theorie der Bremsstrahlung

Eine quantenmechanische Berechnung des Elementarprozesses der Elektron-Kern-
Bremsstrahlung beinhaltet die Streuung eines Elektrons an dem Coulombfeld eines
Kerns und die Kopplung an das elektromagnetische Feld des emittierten Photons.
Soll die Theorie mit Experimenten an neutralen Atomen verglichen werden, so muss
diese zusätzlich den abschirmenden Effekt der Elektronen des Atoms berücksichtigen.
Im Laufe der Zeit haben sich verschiedene theoretische Ansätze und Näherungen
herauskristallisiert, deren Gültigkeit teilweise nur unter bestimmten Bedingungen
gegeben ist. Ein Überblick soll im Folgenden gegeben werden.
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2.5.1. Born’sche Näherung

Erste Berechnungen zur Bremsstrahlung wurden 1934 von Bethe und Heitler ver-
öffentlicht [56]. Zur Lösung der Dirac-Gleichung

[
−i~cα · ∇+mc2α0 −

Ze2

r
− ε
]
ψi,f (r) = 0 (2.34)

mit den vierdimensionalen Dirac-Matrizen α und α0 und dem Energieeigenwert ε
verwendeten sie die Born’sche Näherung, bei der die Wellenfunktionen des ein- und
auslaufende Elektrons ψi(r) bzw. ψf (r) als ebene Wellen angesetzt werden, die nur ei-
ne kleine Störung durch den Kern erfahren (vgl. [7, S. 32 ff.]). Das Coulomb-Potential
des Kerns ∼ αZ/r ist abhängig von der Feinstrukturkonstanten α ≈ 1/137 und der
Kernladungszahl Z. Unter der Annahme, dass αZ klein ist, wird die Wellenfunktion
als Reihe in αZ entwickelt

ψ(r) = Φ0(r) + αZ · Φ1(r) + (αZ)2 · Φ2(r) + ... (2.35)

und die Übergangsmatrix

M =

∫
ψ†f (r)(α · e∗)e−ik·r/~ψi(r)d3r (2.36)

bis zum linearen Term in αZ analytisch berechnet. Der Impuls des emittierten
Photons k steht dabei senkrecht auf dem Polarisationsvektor des Photons e, al-
so e · k = 0. So lässt sich der zur Beschreibung des Elementarprozesses nötige
dreifach-differentielle Wirkungsquerschnitt in Abhängigkeit der Gesamtenergie des
einlaufenden Elektrons εi, des auslaufenden Elektrons εf , den jeweiligen Impulsen
pi und pf und dem Impuls des emittierten Photons k berechnen [7, S. 45]:

d3σ

dkdΩkdΩf

=
αZ2r2

e

4π2

pf
kpiq4

[
(4ε2f − q2)

p2
i sin2 ϑi

(εi − pi cosϑi)2

+ (4ε2i − q2)
p2
f sin2 ϑf

(εf − pf cosϑf )2

− (4εiεf − q2 + 2k2)
2pipf sinϑiϑf cosϕ

(εi − pi cosϑi)(εf − pf cosϑf )

2k2
p2
i sin2 ϑi + p2

f sin2 ϑ2
f

(εi − pi cosϑi)(εf − pf cosϑf )

]
. (2.37)

Der Impulsübertrag q ist dabei

q2 =2k [(εi + pi cosϑi)− (εf − pf cosϑf )]

+ 2 [εiεf − pipf (cosϑi cosϑf + sinϑi sinϑf cosϕ)− 1] . (2.38)
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Abb. 2.15.: Bremsstrahlungsspektrum für Kollisionen von U90+ auf N2 und Ar bei
223 MeV/u aufgenommen unter den Winkeln ϑγ = 132◦, ϑγ = 90◦ und
ϑγ = 48◦ zur Strahlrichtung. Die Theoriewerte entsprechen Gl. 2.37 von
Bethe-Heitler mit und ohne den Faktor aus Gl 2.41 von Elwert [54].
Details s. Kap. 2.4.3.

Das Koordinatensystem ist am Impuls des Photons ausgerichtet:

pi = pi(sinϑi, 0, cosϑi)

pf = pf (sinϑf cosϕ, sinϑf sinϕ, cosϑf )

k = k(0, 0, 1) (2.39)

Da die Wellenfunktion von Gl. 2.35 nur in linearer Ordnung von Zα in die Berech-
nung der Übergangsmatrix einfließt, ist die Born’sche Näherung nur für Geschwin-
digkeiten des einlaufenden und auslaufenden Elektrons βi und βf mit

βi � αZ und βf � αZ (2.40)

gültig, d.h. für relativistische Geschwindigkeiten βi,f ≈ 1 und geringe Kernladungs-
zahlen Z. Insbesondere am hochenergetischen Endpunkt der Bremsstrahlung, an
dem βf → 0 und pf → 0 gilt, ergibt Gl. 2.37 einen Wirkungsquerschnitt, der gegen
null läuft. Um den endlichen Wirkungsquerschnitt am hochenergetischen Endpunkt
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der Bremsstrahlung besser zu beschreiben wurde von Elwert [57] der Faktor

FE =
af
ai

1− e−2πai

1− e−2πaf
(2.41)

eingeführt mit

ai =
αZ

βi
und af =

αZ

βf
. (2.42)

Der Vergleich mit experimentellen Daten aus [54] in Abb. 2.15 zeigt, dass durch
diesen Faktor die Daten zwar besser beschrieben werden, aber gerade für hohe Z
noch eine Diskrepanz besteht.

2.5.2. Sommerfeld-Maue-Wellenfunktionen

In einem von Sommerfeld und Maue 1935 vorgeschlagenen Verfahren [58] wird die
Dirac-Gleichung 2.34 so umgeformt, dass eine ähnlich Gl. 2.35 nach αZ entwickel-
te Wellenfunktion durch konfluente hypergeometrische Funktionen F (a, b, x) ausge-
drückt werden kann:

ψSM = Neip·r
(

1− i

2ε
~a · ∇

)
F (i

αZ

β
, 1, ipr − ip · r)u(p) (2.43)

Der Faktor N gibt die Normalisierung und u(p) ist ein vierdimensionaler Spinor.
Hier wird ausgenutzt, dass die Schrödingergleichung, die bei nichtrelativistischen
Energien gültig ist, für ein Elektron in einem Coulombfeld exakt lösbar ist. Neben
diesem als nullte Näherung verwendeten Term wird auch hier nur der lineare Term
in αZ verwendet, um die Übergangsmatrix 2.36 zu berechnen. Die als Elwert-Haug-
Theorie bezeichnete Methode wird auch von Jakubaßa-Amundsen zur Berechnung
von Wirkungsquerschnitten wie in Abb. 2.14(b) verwendet [27]. Die berechneten
Wirkungsquerschnitte sind streng genommen nur für niedrige Kernladungszahlen,
d.h. αZ � 1 gültig oder für große Stoßparameter und damit für hohe Kernladungs-
zahlen bei hohen Energien. Da aber die Sommerfeld-Maue-Wellenfunktionen im Ge-
gensatz zur Born’schen Näherung nicht nach αZ/β entwickelt sind, kann hier der
endliche Wirkungsquerschnitt am hochenergetischen Ende beschrieben werden. Es
zeigt sich, dass dieser mit Z3 skaliert und daher an hochgeladenen Ionen wie U92+ be-
sonders gut untersucht werden kann [3][49, S. 74]. Im Gegensatz dazu läuft der Wir-
kungsquerschnitt der Bremsstrahlung für das abgeschirmten Potential eines Atoms
am hochenergetischen Ende innerhalb der letzten 5-50 eV gegen null, besitzt dort al-
so keinen endlichen Wirkungsquerschnitt [59]. Einen Vergleich zwischen Sommerfeld-
Maue-Theorie und vollrelativistischen Rechnungen zeigen Jakubaßa-Amundsen und
Yerokhin [60], eine Kombination aus beiden Theorien gibt Jakubaßa-Amundsen in
[61].
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2.5.3. Relativistische Wellenfunktionen

Eine numerische Lösung der Dirac-Gleichung für ein freies einlaufendes und ein
freies auslaufendes Elektron unter Emission eines Photons in einem Coulomb-Feld ist
unter Verwendung der Partialwellenzerlegung möglich. Die folgenden Ausführungen
basieren auf der Diplomarbeit von Kraft [62], einlaufende Zustände sind hier ohne,
auslaufende mit Apostroph gekenntzeichnet.

Die Lösung der stationären Dirac-Gleichung

HDψ(r) = εψ(r) (2.44)

ähnlich Gl. 2.34 mit dem Hamiltonoperator

HD = −i~cα · ∇+mc2α0 −
Ze2

r
(2.45)

sei durch ψεκmj mit dem Energieeigenwert ε und den Quantenzahlen κ als Maß für
den Drehimpuls und mj für die Drehimpulsorientierung gegeben [63]. Die Wechsel-
wirkung mit dem elektromagnetischen Feld des Photons drückt sich durch die ebene
Welle eines Vektorpotentials in Coulomb-Eichung (∇ ·A = 0) im Hamiltonoperator
Hint aus:

Hint = eα ·A (2.46)

mit
A(r) ∼ u∗λe−ikr. (2.47)

Die elektromagnetische Welle mit dem Polarisationsvektor u∗λ und der Helizität
λ = ±1 besitzt dabei den Impuls k. Stellt die Wechselwirkung mit dem elektro-
magnetischen Feld eine kleine Störung dar, so kann der Hamiltonoperator H nach
Störungsparametern λ̄ bis zum linearen Term entwickelt werden

H = HD + λ̄Hint. (2.48)

Das Übergangsmatrixelement in der zeitabhängigen Störungstheorie 1. Ordnung ist
dann für ein einlaufendes Elektron mit Impuls p, auslaufendem Impuls p′ und Spin-
projektionen ms und m′s

Mp,p′(ms,m
′
s, λ) =

〈
p′m′s|α · u∗λe−ikr|pms

〉
. (2.49)

Die entsprechenden Wellenfunktionen |pms〉 und |p′m′s〉 können nach Partialwellen
entwickelt werden [16]:

|pms〉 = 4π
∑

κmj

ile−i∆κ

(
l(mj −ms)

1

2
ms|jmj

)
Y ∗lml(p̂) |εκmj〉 ,

|p′m′s〉 = 4π
∑

κ′m′j

il
′
ei∆

′
κ

(
l′(m′j −m′s)

1

2
m′s|j′m′j

)
Y ∗l′m′l(p̂

′)
∣∣ε′κ′m′j

〉
. (2.50)
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Dabei wird über das Produkt aus Phasenfaktor ei∆κ , Clebsch-Gordan-Koeffizienten,
Kugelflächenfunktion Ylml(p̂) und die Lösung der ungestörten Dirac-Gleichung |εκmj〉
summiert. Das Koordinatensystem ist so ausgerichtet, dass das einlaufende Elektron
mit den Impuls p̂ auf der z-Achse liegt. Der Clebsch-Gordan-Koeffizient gewichtet
die Besetzung verschiedener Zustände mit den Spinprojektionen ms, den Bahndreh-
impulsquantenzahlen l, den Gesamtdrehimpulsquantenzahlen j und deren Projek-
tion ml und mj. In einer ähnlichen Summe lassen sich die Lösung der ungestörten
Dirac-Gleichung |εκmj〉 und auch das Vektorpotential A(r) entwickeln.

Nach Berechnung der Matrixelemente aus Gl. 2.49 ergibt sich der differentielle
Wirkungsquerschnitt in Abhängigkeit von den Emissionswinkeln des Elektrons (ϑ′e,
ϕ′e) und des Photons (ϑ′γ, ϕ

′
γ = 0) zu [62, Kap. 5.3.2]

d2σ(ϑ′e, ϕ
′
e, ϑ
′
γ)

dΩ′edΩ′γ
=

1

128π2

k2

p2

α

Z2

m2c2

~2
·
∑

ms,m′s,λ

|Mp,p′(ms,m
′
s, λ)|2 . (2.51)

Summiert wird hier über die möglichen Spinprojektionenen ms = ±1
2

und m′s = ±1
2

und über die möglichen Helizitäten λ = ±1, da die Polarisation von Elektron
und Photon in dieser Betrachtung keine Observable darstellt. Um neben den Win-
kelabhängigkeiten eine Energieabhängigkeit des Wirkungsquerschnittes zu bestim-
men, muss diese Rechnung einzeln für verschiedene Anfangs- und Endenergien des
Elektrons durchgeführt werden. Dabei ist die Quantenzahl κ in der Reihenentwick-
lung der kritische Parameter, aus dem sich die anderen Quantenzahlen ergeben. Bei
der numerischen Berechnung wird jeweils getestet, bis zu welchem Wert von κ die
Summe in Gl. 2.50 berechnet werden muss, um ein gegebenes Konvergenzkriterium
zu erfüllen. In den hier verwendeten Rechnungen wurde beispielsweise für ε = 50 keV
und ε′ = 1 keV die Werte κ = 18 und κ′ = 8 verwendet.

Die Genauigkeit der Ergebnisse ist somit nur durch die Anzahl der berechneten
Terme in der Reihenentwicklung bestimmt. Die Methode ist aber im Gegensatz zur
Sommerfeld-Maue-Theorie nicht auf einen bestimmten Bereich von Kernladungs-
zahlen oder Elektronenenergien beschränkt.

Die Berechnung der Bremsstrahlung durch Partialwellenzerlegung wurde zuerst
von Pratt und Tseng durchgeführt [64, 65, 66] und später von Kissel et al. umfang-
reich tabelliert [67, 59]. Die Ergebnisse wurden jetzt durch neuere Rechnungen von
Surzhykov und Yerokhin bestätigt und darüber hinaus ausgeweitet. So sind unter
anderem Berechnungen zur Polarisation des emittierten Photons [6] und Vergleiche
von Elektron- und Positron-Bremsstrahlung [68] veröffentlicht. Zu beachten ist, dass
die Wirkungsquerschnitte von Surzhykov und Yerokhin wie auch bei Pratt skaliert
mit der Energie des auslaufenden Photons k = ε − ε′ und der Ordnungszahl Z als
σ(k) angegeben werden [6, Gl. 3]:

σ(k) ≡ k

Z2

dσ

dk
. (2.52)



2.6. KINEMATIK UND LORENTZTRANSFORMATION 31

2.6. Kinematik und Lorentztransformation

Zur vollständigen Untersuchung des Elementarprozesses der Bremsstrahlung ist es
notwendig, einen dreifachdifferentiellen Wirkungsquerschnitt d3σ/dEe/dΩe/dΩγ als
Funktion des Elektronenwinkels ϑe, des Photonenwinkels ϑγ und der Elektronenener-
gie Ee oder der Photonenenergie Eγ zu messen (Kap. 2.4). Sind theoretische Wir-
kungsquerschnitt im Projektilsystem gerechnet, müssen sie ins Laborsystem trans-
formiert werden. Die Folgende Darstellung orientiert sich an [16, Kap. 3.6].

Ein Projektil bewege sich mit der kinetischen Elektronenenergie E0 (vgl. Gl. 2.2),
d.h. mit der Geschwindigkeit

β =

√
1− 1

γ2
(2.53)

und dem Lorentzfaktor

γ = 1 +
E0

mec2
. (2.54)

Dann besitzt ein Elektron mit einer kinetischen Energie im Projektilsystem von
E ′e, das parallel zur Flugrichtung des Projektils emittiert wird, im Laborsystem die
kinetische Energie

Ee = (γ − 1)mec
2 + γE ′e + γβ

√
E ′2e + 2E ′emec2. (2.55)

Die inverse Transformation der Energie ist

E ′e = (γ − 1)mec
2 + γEe − γβ

√
E2
e + 2Eemec2. (2.56)

Eine transversale Emission erfährt keinen Lorentzboost, und so gilt bei einem Emis-
sionswinkel im Laborsystem von ϑe

E ′e⊥ = Ee⊥ = Ee sin2 ϑe. (2.57)

Dies ist z.B. E ′e⊥ = 61 eV für Ee = 50 keV und ϑe = 2◦, also weit unterhalb der
Energieauflösung des Spektrometers und damit in diesem Fall vernachlässigbar.

Die Energie E ′γ eines Photons für den Emissionswinkel ϑγ wird transformiert durch

Eγ =
E ′γ

γ(1− β cosϑγ)
. (2.58)

Der Emissionswinkel des Elektrons im Laborsystem ϑe entspricht im Projektilsys-
tem

ϑ′e = π − arctan

[
sinϑe

γ(cosϑe − p0/p)

]
, (2.59)

mit dem Impuls p =
√
E2
e/c

2 + 2meEe, bzw. für den Cusp-Impuls p0 entsprechend.
Ein Spektrometer, das im Laborsystem Elektronen mit 0◦ ≤ ϑe ≤ ϑmax sieht, sieht
im Projektilsystem für Ee < E0 Elektronen mit 0◦ ≤ ϑ′e ≤ ϑmax′ und für Ee > E0

Elektronen mit ϑ′max ≤ ϑ′e ≤ 180◦ (vgl. Abb. 2.16).
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Abb. 2.16.: Transformation des Emissionswinkels ϑ′γ,e, des Raumwinkels dΩ′e,γ/dΩγ,e

und der Laborenergie Eγ,e für Photon (links) und Elektron (rechts) bei
Ep = 90 MeV/u.

Für den Streuwinkel des Photons gilt

ϑ′γ = π − arccos

[
cosϑγ − β

1− β cosϑγ

]
. (2.60)

Allgemein lässt sich die Transformation des dreifach-differentiellen Wirkungsquer-
schnittes vom Projektil- ins Laborsystem schreiben als

d3σ

dEedΩedΩγ

=
dE ′e
dEe

dΩ′e
dΩe

dΩ′γ
dΩγ

d3σ

dE ′edΩ′edΩ′γ
. (2.61)
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Dabei gilt für die Energie des Elektrons

dE ′e
dEe

= γ − βγ(Ee +mec
2)√

E2
e + 2Eemec2

, (2.62)

und für dessen Raumwinkel
dΩ′e
dΩe

=
sinϑ′e
sinϑe

dϑ′e
dϑe

(2.63)

mit ϑ′e aus Gl. 2.59. Für den Raumwinkel des Photons ist

dΩ′γ
dΩγ

=
1

γ2(1− β cosϑγ)2
. (2.64)

Leider divergiert die Raumwinkeltransformation dΩ′e/dΩe, genauer der Term
sinϑ′e/ sinϑe für cosϑe = p/p0, also für ϑe = 0◦ und p = p0. Anschaulich lässt
sich dies dadurch erklären, dass sich für Impulse p um den Cusp-Impuls p0 bei klei-
nen Änderungen des Laborraumwinkels dΩe um ϑe = 0◦ der Projektilraumwinkel
dΩ′e maximal ändert und so das Verhältnis dΩ′e/dΩe gegen unendlich läuft. Dies ent-
spricht der bekannten Divergenz von theoretischen energie- und winkeldifferenziellen
Wirkungsquerschnitten für den Elektronencusp (vgl. Abb. 2.16 und Abb. 2.7(b)).

2.6.1. Transformation theoretischer Wirkungsquerschnitte

Experimentell unterliegen gemessene Wirkungsquerschnitte immer einer endlichen
Energie- und Winkelauflösung. Für eine endliche, nicht weiter auflösbare Winkel-
akzeptanz ϑe = 0...ϑmax geschieht der Vergleich zwischen Experiment und Theorie
über (vgl. [27, Gl. 3.2])

d3σ

dEedΩedΩγ

∣∣∣∣
exp

=
1

1− cosϑmax

∫ ϑmax

0

d3σ

dEedΩedΩγ

∣∣∣∣
theo

sinϑedϑe. (2.65)

Die Integration über ϑe ist jedoch aufgrund der beschriebenen Divergenz schwierig.
Der Wirkungsquerschnitt kann aber im Projektilsystem integriert werden:

d3σ(Ee, ϑγ)

dEedΩedΩγ

∣∣∣∣
exp

=
1

1− cosϑmax

dE ′e
dEe

dΩ′γ
dΩγ

∫ ϑ′max(ϑmax)

0

d3σ(E ′e(Ee), ϑ
′
γ, ϑ

′
e)

dE ′edΩ′edΩ′γ

∣∣∣∣
theo

sinϑ′edϑ
′
e.

(2.66)
Für die Integration über den Winkel ergibt sich ϑ′max(ϑmax) aus

ϑ′max = π − arctan

[
sinϑmax

γ(cosϑmax − p0/p)

]
. (2.67)

Die Integration führt dazu, dass die Energieverteilung der Elektronen im Labor-
system nur sensitiv auf das Verhältnis von der Winkelverteilung innerhalb und au-
ßerhalb der Winkelakzeptanz ist.
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Abb. 2.17.: Modellierung der Elektronenverteilung für E0 = 49.6 keV.

Wie aus Abb. 2.18(b) ersichtlich ist die Bremsstrahlung am hochenergetischen
Ende nahezu energieunabhängig, und somit ist auch der Energieverteilung der Elek-
tronen im Projektilsystem im gemessenen Energiebereich E ′e = 0...8 keV als nahezu
konstant anzunehmen. Zumindest kann die Energieabhängigkeit des Wirkunsquer-
schnittes innerhalb des zu integrierendem Winkels ϑ′e = 0...ϑmax vernachlässigt wer-
den.

Wird die Energie- und Winkelverteilung der Elektronen im Projektilsystem als
konstant angenommen, kann das Integral trivial ausgeführt werden. Zusammenfas-
send ergibt sich

d3σ(Ee, ϑγ)

dEedΩedΩγ

∣∣∣∣
exp

=
dE ′e
dEe
· ∆Ω′e

∆Ωe

·
dΩ′γ
dΩγ

·
d3σ(ϑ′γ)

dE ′edΩ′edΩ′γ

∣∣∣∣
theo

=

(
γ − βγ(Ee +mec

2)√
Ee(Ee + 2mec2)

)
1− cosϑ′max
1− cosϑmax

1

γ2(1− β cosϑγ)2

d3σ(ϑ′γ)

dE ′edΩ′edΩ′γ

∣∣∣∣
theo

Die Form der Elektronenverteilung wird im Wesentlichen durch dE ′e/dEe·∆Ω′γ/∆Ωγ

bestimmt, wie Abb. 2.17 zeigt.

2.6.2. Wirkungsquerschnitte nach Kissel

In [67] und [59] sind von Kissel et al. tabellierte Bremsstrahlungsquerschitt gege-
ben, die mittels Partialwellenzerlegung berechnet wurden (s. Kap. 2.5.3). Für den
Fall der Streuung eines Elektrons an einem Atom (!) werden doppelt differentiel-
le Wirkungsquerschnitte d2σ/dE ′γ/dΩ′γ angegeben, die in inverser Kinematik dem
Wirkungsquerschnitt im Projektilsystem entsprechen:

d2σ

dE ′γdΩ′γ
= Zt ·

Z2
p

β2E ′γ
· σ̂ · S(ϑ′γ) (2.68)
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Dabei gibt σ̂ den skalierten absoluten Wirkungsquerschnitt an und die shape function
S(ϑ′γ) gibt die Winkelverteilung als Summe über Legendre Polynom Pi(cosϑ′γ) an:

S(ϑ′γ) =
A

4π(1− β cosϑ′γ)
4.5

5∑

i=0

BiPi(cosϑ′γ). (2.69)

Zum Vergleich mit den Daten wird ein Uranprojektil mit Zp = 92, ein Stickstofftar-
get mit Zt = 7 und eine Stoßenergie von E0 = 50 keV angenommen. Die tabel-
lierten Werte für E ′γ = 0, 95E0 geben σ̂ = 5, 62 mbarn, A = 0, 89808, B0 = 1,
B1 = −0, 65976, B2 = −0, 49891, B3 = 0.25747, B4 = −0.03628 und B5 = 0.00244.
Das Ergebnis zeigt Abb. 2.18(a), und 2.18(b) zeigt die tabellierte Energieverteilung.

Wie bereits erwähnt wurde, kann für die Energie des Elektrons im Projektilsys-
tem E ′e = E0 − E ′γ angenommen werden, demnach ist dE ′e = −dE ′γ. So kann die
näherungsweise 1/E ′γ-Skalierung der Energie des Bremsstrahlungsphotons E ′γ direkt
in eine (sehr schwache!) 1/(E0 − E ′e)-Skalierung umgesetzt werden.

Für die Winkelverteilung der Elektronen wird in sehr grober Näherung ange-
nommen, dass die Elektronen im Projektilsystem isotrop im rückwärtsgerichteten
Halbraum emittiert werden:

d3σ

dE ′edΩ′edΩ′γ
=

{
1

2π
d2σ

dE′γdΩ′γ
Ee > E0

0 Ee ≤ E0

(2.70)

Dieser Wirkungsquerschnitt kann durch die beschriebene Raumwinkeltransfor-
mation ins Laborsystem umgerechnet werden und mit den experimentellen Daten
verglichen werden. Auch wenn in diese Überlegungen einige Vereinfachungen ein-
fließen, lassen sich doch die Strukturen der RECC-Wirkungquerschnitte begründen
und gute Abschätzungen beim Entwurf von Experimenten durchführen.
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2.7. Feldionisation

Zur Messung der Energie der emittierten Elektronen wird hier ein magnetisches
Spektrometer verwendet. Bei früheren Cusp-Spektrometern, die durch elektrische
oder magnetische Felder die in Vorwärtsrichtung emittierten Elektronen vom Pro-
jektilstrahl trennten, wurde teilweise beobachtet, dass diese Felder zur Feldionisation
der Projektile führten [69]. Dadurch wurden Elektronen beobachtet, die nicht den
zu untersuchenden Prozessen entsprachen. Auch in der Arbeit von Nofal et al. [55]
wurde ein solcher Beitrag vermutet.

Eine Abschätzung der Feldionisation für die hier verwendete Anordnung soll
im Folgenden gegeben werden. Dazu wird die für Rydbergzustände angemessene
Näherung des Bohr’schen Atommodells verwendet, nach dem sich das Elektron im
Coulomb-Potential des Kerns mit der (effektiven) Ladung Ze im Abstand r bewegt:

VC(r) = − 1

4πε0

Ze2

r
(2.71)

Auf das Elektron, das sich im Laborsystem mit der Geschwindigkeit ~v bewegt, wirkt
im Magnetfeld ~B eine Lorentzkraft, die im Projektilsystem zum Potential

VL(r) = −eγ(~v × ~B) · ~r = −eγvBr (2.72)

führt. Dabei ist ~v⊥ ~B⊥~r. Die Bedingung für ein Maximum des Potentials im Abstand
r0 vom Kern ist

∂V (r0)

∂r
=
∂ [VC(r0) + VL(r0)]

∂r
= 0, (2.73)

was gleichbedeutend ist mit VC(r0) = VL(r0). Aus

1

4πε0

Ze2

r2
0

− evB = 0 (2.74)

ergibt sich der Feldionisationsradius

r0 =

√
1

4πε0

Ze

γvB
. (2.75)

Im Laborsystem wird das nötige MagnetfeldB über den Sollbahnradius ρ0 des Dipols
und den Impuls p mittels Bρ0 = p/e bestimmt. Damit ist die Ionisationsschwelle für
Feldionisation V (r0) = VC(r0) + VL(r0) dann

V (r0) = −2

√
1

4πε0
Ze3γvB = −2

√
1

4πε0
Ze2γv

p

ρ0

. (2.76)

Der entsprechende Rückbergzustand ergibt sich mit

V (r0) = −13.6 eV
Z2

n2
max

(2.77)
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Abb. 2.19.: Illustration zur Feldionisation.

zu

nmax = 4

√
(13.6 eV)2 · 4πε0 ·

Z3

e2

ρ0

4γvp
. (2.78)

Um nur die Abhängigkeit von der kinetischen Elektronenenergie E0, bzw. über
Gl. 2.2 von der Projektilenergie Ep zu haben, werden die relativistischen Größen für
den Lorentzfaktor γ, die Geschwindigkeit v und den Impuls p

γ = 1 +
E0

mec2
, v = c ·

√√√√1− 1
(

E0

mec2
+ 1
)2 und p =

√
(E0/c)2 + 2meE0 (2.79)

verwendet. Für die Beispielparameter ρ0 = 0.2991 m (vgl. Tab. 4.1) und Z = 88 zeigt
Abb. 2.19(a) den Potentialverlauf V (r) bei der Projektilenergie Ep = 90 MeV/u.
Hier ergibt sich ein Feldionisationsradius von r0 = 526nm. Abb. 2.19(b) zeigt die
Feldionisationsschwelle −V (r0) in eV und den maximalen Rydbergzustand nmax in
Abhängigkeit der Elektronenenergie, bei Ep = 90 MeV/u ist V (r0) = −0.48 eV und
nmax = 468.

Würden also in Stößen von hochgeladenen Ionen wie U88+ mit dem Gastarget
Elektronen vom Gastarget in Rydbergzustände n > 468 des Projektils eingefangen,
so würden sie beim Passieren des Magnetfeldes des Spektrometerdipols vom Projek-
til abgestreift. Da für diese Ereignisse ebenfalls eine Koinzidenz mit einem Photon,
aber keine Umladung zu beobachten ist, würden diese als Beitrag zum Elektronen-
spektrum des RECC bei einer Energie von E ′e < 0.48 eV erscheinen. Dies entspricht
im Laborsystem Ee = E0 ± 0.32 keV, ist also weit unterhalb der Auflösung des
Spektrometers. Da der Wirkungsquerschnitt pro Energieintervall ∆σcap/∆E kon-
stant beim Übergang vom Einfang in gebundene Rydberzustände zum Einfang in
Kontinuumszustände ist, sind feldionisierte Elektronen nicht von Kontinuumselek-
tronen zu unterscheiden, sollten aber aufgrund der niedrigen Feldionisationschwelle
keinen wesentlichen Einfluss auf die gemessenen Spektren haben.





3. Beschleunigeranlage

Die in dieser Arbeit vorgestellten Experimente wurden am GSI Helmholtzzentrum
für Schwerionenforschung (ehemals Gesellschaft für Schwerionenforschung) durch-
geführt. Dieses besitzt eine in der Welt einmalige Expertise in der Bereitstellung von
Strahlen fast jeden Elements in fast jedem Ladungszustand, von Protonenstrahlen
bis hin zu vollständig ionisierten Uranionen U92+. Einen Überblick über die Anlage
und ihre Möglichkeiten soll im Folgenden gegeben werden (s. Abb. 3.1).

3.1. Primärstrahlkette

Für die Atomphysik dient die Beschleunigung von Schwerionen in erster Linie der Er-
zeugung hoher Ladungszustände. Dazu durchqueren die beschleunigten Ionen Gas-
stripper oder Folienstripper, in denen Elektronen vom Projektil “abgestreift“ wer-
den. Das Entfernen eines gebundenen Elektrons aus einem Ion mit der Projektilener-

UNILAC

Beschleunigeranlage und
Experimentiereinrichtungen
der GSI

� � � �

Hochladungs-
injektor

Ionen-
quellen

Niederenergie-
Experimentierhalle

Transferkanal

Schwerionen-
synchrotron (SIS)

Experimentier-
Speicherring (ESR)

Hochenergie-
Targetbereich

Fragment-
separator (FRS)

Abb. 3.1.: Übersicht der Anlagen an der GSI.



40 3.1. PRIMÄRSTRAHLKETTE

gie Ekin
p ist dabei am wahrscheinlichsten, wenn die kinetische Energie des Elektrons

Ekin
e größer ist als seine Bindungsenergie Eb

e:

Ekin
e =

me

u
Ekin
p > Eb

e, (3.1)

oder mit Einheiten

Ekin
e [keV] =

Ekin
p [MeV/u]

1.823
> Eb

e[keV]. (3.2)

Zum Vergleich: Die Bindungsenergie des 1s-Elektrons in Uran liegt bei etwa 132 keV
(s. Tab. 2.1). Höhere Projektilenergien ermöglichen also höhere Ladungszustände.
Ionen in höheren Ladungszuständen lassen sich aber auch wirksamer durch elektro-
magnetische Felder beschleunigen. Deshalb ist ein stufenweises Beschleunigen und
Strippen sinnvoll, wie es am Beschleuniger der GSI umgesetzt wird.

Es können hier bis zu drei Ionenquellen verschiedenen Typs parallel betrieben
werden, unter anderem eine Penning-Quelle, eine MEVVA-Quelle (Metal Vapour
Vaccum Arc) und am Hochladungsinjektor eine EZR-Quelle (Elektron-Zyklotron-
Resonanz). Die meist niedrig geladenen, aus den Quellen extrahierten Ionen (z.B.
U4+) durchlaufen zunächst den etwa 120 m langen Linearbeschleuniger UNILAC
(UNIversal Linar Accelerator). Bereits in der Mitte des UNILAC befindet sich ein
Gasstripper, durch den bei 1.4 MeV/u typischerweise Uran U28+ erzeugt wird. Die
Energie nach dem UNILAC beträgt bis zu 11.4 MeV. Bei dieser Energie wird in
einem Folienstripper für Uran der Ladungszustand U73+ erreicht.

Die Ionen des UNILAC können für Experimente in der Niederenergie-Experi-
mentierhalle verwendet werden oder über den Transferkanal in das SIS (Schwer-
ionen-Synchrotron) eingeschossen werden. Das Synchrotron mit einem Umfang von
216 m und einer magnetischen Steifigkeit von 18 Tm erreicht für U73+ eine Ener-
gie von bis zu 1 GeV/u. Erst nach dem SIS können Energien erreicht werden, die
in einer weiteren Stripperfolie ein effizientes Erzeugen von vollständig ionisierten
Ionen hoher Kernladungszahl wie etwa U92+ ermöglichen. Der SIS-Strahl kann di-
rekt zu Experimenten im Hochenergie-Targetbereich geleitet werden, in den FRS
(Fragment-Separator) zur Erzeugung exotischer Kerne geführt werden, oder in den
ESR (Experimentier-Speicherring) eingeschossen werden.

Die ganze Beschleunigeranlage ist so aufgebaut, dass parallel mehrere Experimente
(nach dem UNILAC, nach dem SIS, am FRS und am ESR) durchgeführt werden
können. Dabei können bis zu drei verschiedene Elemente aus den drei Ionenquellen
abwechselnd, d.h. Schuss-für-Schuss beschleunigt werden.
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3.2. Experimentierspeicherring

Der ESR dient dazu, hochgeladene Ionen im Energiebereich von 4 MeV/u bis
400 MeV/u zu speichern, d.h. sie für eine Zeit in der Größenordnung von Minuten
(bis Stunden) im Ring kreisen zu lassen. Möglich ist dies nur durch ein exzellentes
Vakuum im Bereich von 10−11 mbar. Mit einem Umfang von 108 m ist bei Ionen
mit z.B. 30% Lichtgeschwindigkeit die Umlauffrequenz 1 MHz. Dadurch liefert der
Ring mit den typischerweise 108 eingeschossenen Projektilen einen Ionenstrom, wel-
cher um Größenordnung die von Fixed-Target-Experimenten übersteigt. Neben der
hohen Luminosität bietet der Ring eine Vielzahl von Möglichkeiten, die sich in einer
großen Bandbreite von durchgeführten atom- und kernphysikalischen Experimenten
widerspiegelt. Einige Komponenten und Möglichkeiten des Rings werden im Folgen-
den erklärt.

HV Terminal

Kühler

Injektion
vom SIS/FRSReinjektion  SIS

Umladedetektor
" Süd "

Umladedetektor
" Nord "

Ablenkdipol
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transformator
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Schottky-
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RF-Kavität
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Ionenenergien

108,36 m

50 - 370 MeV/u

C   to  U
6+ 92+

Abb. 3.2.: Übersicht des ESR.
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3.2.1. Elektronenkühlung

Auf einer 2.5 m langen geraden Sektion des Rings kann der Ionenstrahl mit ei-
nem Elektronenstrahl überlagert werden. Der Elektronenstrom beträgt typischer-
weise 200 mA. Die Elektronen haben dabei genau die Geschwindigkeit der Ionen,
jedoch eine sehr viel schmalere Geschwindigkeitsverteilung. Durch Stöße zwischen
den Ionen, die den Kühler mit einer Wiederholungsrate im Bereich von MHz durch-
queren, und den Elektronen des Kühlers kann die Geschwindigkeitsverteilung der
Ionen verringert werden, der Strahl wird “gekühlt”. Während für die Ionen durch
wiederholtes Durchlaufen deren transversale und longitudinale Impulsabweichung
abnimmt, werden die im Kühlprozess aufgeheizten Elektronen eliminiert und kon-
tinuierlich aus der Elektronenquelle nachgeliefert. Insbesondere nachdem der Strahl
aus dem SIS die letzte Stripperfolie passiert, besitzt er beim Einschuss in den ESR
eine breite Impulsverteilung. Das Kühlen ermöglicht es, diese auf ∆p/p = 10−4 zu
verringern. Neben der geringeren räumlichen Ausdehnung des Strahls und wohlde-
finierten experimentellen Bedingung verringert das Kühlen des Strahls vor allem
“intra-beam-scattering”, d.h. Stöße der Ionen untereinander innerhalb des Strahls.
Dies trägt wesentlich zur langen Lebensdauer des Strahls im Ring bei.

Die Energie des Elektronenstrahls bestimmt die Energie des Ionenstrahls (vgl. Gl.
3.2), deswegen ist dessen genaue Kenntnis wichtig. Die Energie des Elektronenstrahls
Ee ergibt sich aus der Kathodenspannung UKath und dem Raumladungspotential
URL

1

Ee = e(UKath + URL) (3.3)

Das Raumladungspotential verringert die Elektronenenergie, ausgehend von des-
sen Geschwindigkeit β0, in Abhängigkeit vom Elektronenstrom Ie:

URL = − Ie
4πε0β0c

(
1 + 2 ln

RDrift

Re

)
= −0.11215

V

mA
· Ie
β0

(3.4)

Hier wurden die für den ESR gültigen Parameter des Radius für die Driftröhre
RDrift = 10 cm und des Elektronenstrahls Re = 2.54 cm eingesetzt. (Details in [70,
S. 65])

Beispielsweise betrug im Bremsstrahlungsexperiment dieser Arbeit die Kathoden-
spannung UKath = 49.630 kV und der Elektronenstrom Ee = 200 mA. Damit ergibt
sich ein Raumladungspotential URL = −0.054 kV und zusammen eine Elektronen-
energie von Ekin

e = 49.576 keV
Der ESR bietet auch die Möglichkeit für Stochastische Kühlung [71, 72]. Diese

ist aber nur bei einer Strahlenergie von 400 MeV/u möglich und wurde in den hier
behandelten Experimenten nicht verwendet.

1Über Driftröhren kann die Energie der Elektronen zusätzlich modifiziert werden, diese wurden
aber hier nicht verwendet.



3.2. EXPERIMENTIERSPEICHERRING 43

0 2 4 6 8 10 12 14 16 18

0.02

0.05

0.10

0.20

0.50

1.00

Zeit nach Injektion t @minD

Io
ne

ns
tr

om
lo

gH
IL

@m
A

D

mit Target: Τ1�2=53s

ohne Target: Τ1�2=166s

Abb. 3.3.: Strahllebensdauer mit und ohne Gastarget.

3.2.2. Strahltransformator

Zur Messung der Intensität des Ionenstrahls ist im ESR ein Strahltransformator (ge-
nauer Direct Current-Current Transformer, DCCT ) installiert [73]. Der Ionenstrahl
erzeugt hier in einem ihn umgebenden Ring aus weichmagnetischem Material ein
Magnetfeld, das in einer um den Ring gewickelten Spule eine Spannung induziert.
Da der Ionenstrom aber nur ein konstantes Magnetfeld erzeugt, ist zum Induzie-
ren einer Spannung der Vergleich mit einem überlagerten periodischen Magnetfeld
nötig. Die dazu verwendete Technik ist von Brandau in [70, S. 59] beschrieben.

Die gemessene Spannung wird auf einen Spannungs-Frequenzwandler gegeben,
dessen Frequenz dann proportional zum Ionenstrom ist.2 (Details dazu z.B. in [74].)
Die Frequenz besitzt einen Offset, der etwa 0.02 mA beträgt, wie Abb. 3.3 zeigt.
Dieser Offset muss nach jeder Unterbrechung des Messzyklus neu bestimmt werden,
um Unsicherheiten zu minimieren.

3.2.3. Gastarget

Für Experimente zur Streuung von hochgeladenen Ionen an Atomen ist im ESR
ein Überschall-Gasjet-Target eingebaut [75, 76]. Das unter Hochdruck verdichtete
Targetgas wird im Einlass durch eine stickstoff- oder sogar heliumgekühlte Mikro-
meterdüse in die Vakuumkammer expandiert. Aus der ungerichteten thermischen
Geschwindigkeitsverteilung der Gasteilchen vor der Düse entsteht bei der Expansion
ins Vakuum ein gerichteter Gasstrahl mit Überschallgeschwindigkeit. Dieser wird in
einem vierstufigen differentiellen Pumpsystem (Nomenklatur E1−E4) durch Skim-
mer zu einem Gasjet geformt, der in der Wechselwirkungszone einen Durchmesser
von ∆x = 5 mm besitzt. Nach dem Passieren der Wechselwirkungszone wird das

2Zur Umrechnung wurde das Verhältnis Ionenstrom[mA]= 5 · 10−6 ·Frequenz[Hz] verwendet.
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Abb. 3.4.: ESR Zyklus mit der Targetdichte ntarget, dem Ionenstrom Iion, der Elek-
tronenrate Rele, der Rate des Ionisationsdetektors Rloss und der Rate des
Rekombinationsdetektors Rcap.

Gas in einem vierstufigen Sumpf (Nomenklatur S4−S1) abgepumpt. Dadurch wird
im Wechselwirkungspunkt eine Flächendichte von typischerweise 1012 Teilchen/cm2,
teilweise sogar bis 1014 Teilchen/cm2 erreicht (vgl. 3.4), während im Ring ein Vaku-
um von 10−11 mbar (etwa 106 Teilchen/cm3) aufrecht erhalten werden kann.

Für das Bremsstrahlungsexperiment wurde das Gastarget mit Stickstoff bei ei-
nem Einlassdruck von 22 bar und einer Düsentemperatur von 130 K betrieben. Die
Drücke in den vier Sumpfstufen S4− S1 wurden über Spannungs-Frequenzwandler
in der Datenaufnahme mitgeschrieben und ermöglichten eine Berechnung der Tar-
getflächendichte. Die dazu verwendeten Formeln zeigt Anhang A. Details zum Ga-
starget im ESR finden sich in der Diplomarbeit von Kühnel [75] und in [76].

3.2.4. Umladungsdetektoren

Projektile, die im Gastarget (oder im Restgas) umgeladen wurden, besitzen bei glei-
cher Masse mp eine geänderte Ladung q und damit eine geänderte magnetische
Steifigkeit Bρ. Diese wirkt sich in den Dipolen des ESR in einer von der Soll-
bahn abweichenden Trajektorie aus. Da der ESR mit einer horizontalen Apertur
von 250 mm eine enorme Impulsakzeptanz besitzt, ist es bei Ionen hoher Kernla-
dungszahl möglich, verschiedene Ladungszustände parallel im Ring kreisen zu las-
sen. Alternativ können an verschiedenen Positionen in den Dipolen von der Seite
Umladungsdetektoren in den Ring eingefahren werden, um auf der Ring-Innenseite
die ionisierten, bzw. auf der Außenseite die rekombinierten Projektile zu messen (s.
Abb. 3.2). Das Einfahren geschieht über elektrisch gesteuerte Antriebe oder über
Pressluftantriebe. Letztere bieten aufgrund ihrer Schnelligkeit die Möglichkeit, den
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Detektor während der Injektion herauszufahren, wenn der Strahl in dieser Zeit auf
einer abweichenden Sollbahn liegt. Gleiches gilt für die sogenannten “Scraper”, die
allein dazu dienen, unerwünschte umgeladene Projektile, z.B. hinter dem Elektro-
nenkühler, am Zirkulieren zu hindern.

Zur Messung der ionisierten und rekombinierten Projektile nach dem Gastarget
wurden die in [77] beschriebenen Gasdetektoren, genauer Vieldrahtproportionalkam-
mern (multiwire proportional chamber, MWPC) verwendet. Sie bieten keine Ener-
gieauflösung, dafür aber eine sehr gute Zeitauflösung und geringe Totzeit. Zählraten
von mehreren hundert kHz sind möglich, wie Abb. 3.4 zeigt. Ein ortsauflösender Be-
trieb ist ebenfalls möglich, wurde aber hier nicht verwendet. Da im Dipolmagneten
alle ionisierten oder rekombinierten Projektile auf den Detektor treffen, beträgt die
Nachweiswahrscheinlichkeit für umgeladene Projektile nach [77] über 99%, solange
die Zählrate des Detektors nicht im Bereich der Sättigung liegt.

3.2.5. Messzyklus

Den Messzyklus für das Bremsstrahlungsexperiment beschreiben Tab. 3.1 und Abb.
3.4. Dieser Zyklus, von der Injektion in den Speicherring über die Strahlpräparation
bis zur aktiven Messzeit wurde vollautomatisch immer wieder durchlaufen. Der sog.
duty cycle, also das Verhältnis zwischen aktiver Messzeit gesamter Messzeit inklusive
Strahlpräparation lag bei 83%.

Die jeweils feste Einstellung der Magnete des Elektronenspektrometers erfolgte
immer, bevor das automatische Durchlaufen des Messzyklus gestartet wurde. Ein
Scan der Magnetfelder während des Messzyklus war aufgrund der Trägheit der Ma-
gnete nicht möglich.

Aus atomphysikalischer Sicht sei hier festgehalten, dass bei einem Projektilstrahl
von U88+(1s22s2) bei 90 MeV/u. d.h. bei etwa 50 keV Elektronenenergie und einer
Bindungsenergie des 2s-Elektrons von etwa 32 keV (s. Tab. 2.1) der Ionisationskanal
gegenüber dem Rekombinationskanal klar dominant ist.

Maschine Name Zeit Funktion
2 HF-Stack 1 s Injektion
4 Messen 1 3 s Strahlkühlung
5 Messen 2 2 s Strahlkühlung
7 Beschleunigung 1 s Bahnverlagerung von Injektionsorbit auf Messorbit
6 Messen 3 2 s Teilchendetektoren & Scraper rein, Gastarget an

11 Messen 4 48 s Messen
14 Reset-Maschine 1 s Teilchendetektoren & Scraper raus, Gastarget aus

Summe 58 s

Tab. 3.1.: Messzyklus für das Bremsstrahlungsexperiment: Die Nummern und Na-
men der Abschnitte des Zyklus (Maschinen genannt) sind historisch be-
gründet.





4. Strahloptik des Spektrometers

Für die im Rahmen dieser Arbeit durchgeführten Experimente wurde ein Elektro-
nenspektrometer verwendet, das wie im Experiment von Nofal et al. [55] aus der
Anordnung Dipol-Quadrupoltriplett-Dipol besteht (s. Abb. 4.1). Ziel einer solchen
Anordnung ist zunächst eine teleskopische Abbildung, welche den Wechselwirkungs-
punkt auf einen Bildpunkt abbildet. Ein weiteres Ziel kann dabei entweder eine
maximale Impulsakzeptanz oder eine maximale Impulsauflösung sein.

Im Vergleich zum Experiment in [55] wurde hier ein neues eisenfreies, und da-
mit hysteresefreies Quadrupoltriplett verwendet. Im Zusammenhang mit dem Ein-
bau des neuen Quadrupoltripletts wurde im Rahmen dieser Arbeit die Strahloptik
des Spektrometers umfangreich analysiert, um unter Verwendung der vorhandenen
Magnete und unter den gegebenen geometrischen Randbedingungen für das Brems-
strahlungsexperiment die bestmöglichen Bedingungen bereitstellen zu können. Das
Spektrometer wurde dann diesen Rechnungen entsprechend für die Experimente um-
gebaut. Der Weg der Optimierung des Spektrometers bezüglich seiner Abbildungs-
eigenschaften soll im Folgenden beschrieben werden. Zur Berechnung in linearer
Näherung werden Transfermatrizen verwendet, wie sie in der Beschleunigertheorie
üblich sind.

    Gastarget
Projektilstrahl

Dipol 1
  Quadrupoltriplett
     Dipol 2
         Schlitze 
             Detektor

Dipol 1
  Quadrupoltriplett
     Dipol 2    Gastarget

Projektilstrahl

  Detektor
Schlitze 

1m

Abb. 4.1.: Mögliche Konfigurationen des Elektronenspektrometer:
links die +60◦ + 60◦-Konfiguration, rechts die +60◦ − 60◦-Konfiguration.
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4.1. Transfermatrizen

In der Beschleunigertheorie wird zur Berechnung des Strahltransports durch ein
gegebenes System jeder optischen Komponente (Dipol, Quadrupol, feldfreie Flug-
strecke,...) eine Transfermatrix zugeordnet. Die Optik des Gesamtsystems ergibt sich
dann aus dem Produkt der Transfermatrizen. Zur expliziten Multiplikation der Ma-
trizen werden typischerweise Simulationsprogramme verwendet, wie z.B. TRANS-
PORT [78], MAD [79], oder das an der GSI verwendete MIRKO [80]. Eine Einführung
in den Matrixformalismus findet sich u.a. in den Büchern von Wollnik [81], Wille
[74] und Hinterberger [82]. Die folgenden Ausführungen verwenden als Basis die
Notation von Hinterberger [82].

Zur Beschreibung eines Teilchens entlang der optischen Achse eines Stahls wird
ein 6-dimensionales Koordinatensystem verwendet, dessen Ursprung auf der Soll-
bahn liegt. Der Ort eines Teilchens x(s) entlang des Strahlwegs s wird dabei durch
die horizontale Ortsabweichung x(s) und die vertikale Ortsabweichung y(s) beschrie-
ben. Dabei wird von einer Strahlführung in der horizontalen Ebene ausgegangen,
wie es typischerweise der Fall ist. Zusätzlich wird zur Beschreibung des Teilchens
noch der jeweilige Winkel verwendet, also x′(s) = dx/ds für die horizontale und
y′(s) = dy/ds für die vertikale Richtungsabweichung. Weitere Parameter sind die
longitudinale Ortsabweichung l(s) und die Impulsbreite δ(s) = ∆p(s)/p0, normiert
auf den Sollimpuls p0. Zusammengefasst mit den jeweiligen Einheiten:

x(s) =




x [mm]
x′ [mrad]
y [mm]
y′ [mrad]
l [mm]
δ [1]




=




horizontale Ortsabweichung
horizontale Richtungsabweichung
vertikale Ortsabweichung
vertikale Richtungsabweichung
longitudinale Ortsabweichung
relative Impulsabweichung




(4.1)

Ist der Teilchenvektor x(0) eines Teilchens am Beginn des Systems s = 0 bekannt,
so kann in linearer Näherung das Teilchen an einem Ort s durch Multiplikation mit
der Transfermatrix R(s) beschrieben werden:

x(s) = R(s) · x(0) (4.2)

Die Transfermatrix R(s) hat dabei die Grundform

R =




R11 R12 0 0 0 R16

R21 R22 0 0 0 R26

0 0 R33 R34 0 0
0 0 R43 R44 0 0
R51 R52 0 0 1 R56

0 0 0 0 0 1




(4.3)

Besteht ein System aus n optischen Elementen, so ergibt sich die Matrix des Gesamt-
systems durch Multiplikation der fortlaufenden Elemente R1 = R(0→ s1), ..., Rn =
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R(sn−1 → sn)
”
von links“:

R = Rn · · ·R1. (4.4)

An Gl. (4.3) ist zu sehen, dass die horizontale und die vertikale Komponente Rx

und Ry entkoppelt sind:

Rx =




R11 R12 R16

R21 R22 R26

0 0 1


 (4.5)

Ry =

(
R33 R34

R43 R44

)
(4.6)

Beispielsweise entspricht R11 > 0 einer Vergrößerung der x(s)-Komponente pro-
portional zur Ortsabweichung x(0) und R12 > 0 einer Zunahme der Ortsabweichung
proportional zum horizontalen Öffnungswinkel x′(0). Die Matrixelemente R21 und
R43, also die Winkeländerung in Abhängigkeit von der Ortsabweichung entsprechen
über fx = −1/R21 und fy = −1/R43 jeweils einer Brennweite. Interessant wer-
den im Folgenden auch die Komponenten R16 und R26 sein, sie stellen den Einfluss
der Impulsabweichung auf die horizontale Orts- und Richtungsabweichung dar und
beschreiben die Dispersion des Systems. Hingegen sind die Matrixelemente für die
longitudinale Ortsabweichung R51, R52 und R56 hier nicht relevant.

Die Transfermatrizen der hier verwendeten optischen Elemente sind wie folgt:

• Driftstrecke
Eine Driftstrecke hat im Wesentlichen den Effekt, dass sich ein divergenter
Strahl entlang der Strecke L aufweitet, also x(L) = x0 + Lx′0 und y(L) =
y0 + Ly′0. Als Matrix schreibt sich dies:

R =




1 L 0 0 0 0
0 1 0 0 0 0
0 0 1 L 0 0
0 0 0 1 0 0
0 0 0 0 1 L/γ2

0 0 0 0 0 1




(4.7)

Die longitudinale Ortsabweichung R56 ergibt sich aus der Lorentzkontraktion
R56 = L/γ2.

• Dipol
Ein homogener Ablenkmagnet mit zueinander parallelen Polflächen, in dem
das Magnetfeld also nicht vom Ort innerhalb des Magneten abhängt, wird
durch den Sollbahnradius ρ0 und den Ablenkwinkel α beschrieben. Die effek-



50 4.1. TRANSFERMATRIZEN

tive Länge ergibt sich durch L = ρ0α. Die Transfermatrix lautet:

R =




cosα ρ0 sinα 0 0 0 ρ0(1− cosα)
− sinα

ρ0
cosα 0 0 0 sinα

0 0 1 ρ0α 0 0
0 0 0 1 0 0

− sinα −ρ0(1− cosα) 0 0 1 ρ0
α
γ2
− ρ0(α− sinα)

0 0 0 0 0 1




(4.8)

Die Komponente R21 zeigt hier die fokussierende Wirkung des Dipols mit der
Brennweite fx = −1/R21 = ρ0/ sinα. Auch zu sehen ist die Orts- und Win-
keldispersion R16 und R26 die zu einer Abhängigkeit der Teilchenkoordinaten
von der Impulsabweichung δ = ∆p/p0 führt.

Da die Transfermatrix nur Abweichungen von der Sollbahn beschreibt, ist sie
unabhängig von der Anregung des Magnetfeldes B des Dipols. Dieses ergibt
sich für ein Elektron mit der Elementarladung e aus dem Impuls p0 der Soll-
bahn zu

B · ρ0 =
p0

e
bzw. B[T] · ρ0[m] =

p0[keV/c]

3 · 105
. (4.9)

Die Größe Bρ wird auch
”
magnetische Steifigkeit“ genannt, Einheit ist [Tm].

Will man eine höhere Präzision bei der Ansteuerung der Magnete erreichen, so
wird der Krümmungsradius nicht als konstant angenommen, sondern lediglich
der Ablenkwinkel α. Für einen Dipol wird dann das integrale Magnetfeld Bl(I)
in Abhängigkeit des Stroms I vermessen und es gilt:

Bl

α
=
p0

e
bzw. Bl[Tm] = α · p0[keV/c]

3 · 105
. (4.10)

• Randfeld Dipol
Verläuft die Sollbahn nicht rechtwinklig zur Magnetfeldkante des Dipols, son-
dern in einem Winkel β zwischen der x-Achse des Strahls und der Magnetfeld-
kante, so können die Randfelder des Dipols je nach Geometrie einen zusätzlichen
fokussierenden oder defokussierenden Einfluss haben. Die Berechnungen sind
nicht ganz einfach, jedoch können hier analytische Näherungen gegeben wer-
den [81]. Diese führen zur Matrix

R =




1 0 0 0 0 0
tanβ
ρ0

1 0 0 0 0

0 0 1 0 0 0

0 0 − tanβeff
ρ0

1 0 0

0 0 0 0 1 0
0 0 0 0 0 1



. (4.11)

In horizontaler Richtung ergibt sich also eine leichte Defokussierung durch R21.
Der Einfluss R43 auf die vertikale Komponente wird zunächst durch tan βeff
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ausgedrückt, welches geschrieben werden kann als [82, Gl. 4.79]

tan βeff = tan β − G0

ρ0

1 + sin2 β

cos3 β
K. (4.12)

Hierbei ist G0 der halbe Polschuhabstand des Ablenkmagneten. Wie man sieht,
ergibt sich für ein Randfeldintegral K = 0 eine vertikal fokussierende Wirkung,
die näherungsweise zu einem doppelfokussierenden System führt, d.h. zu einem
Fokus von x- und y-Komponente am selben Punkt im Strahlverlauf.)

In Wollnik [81, S. 200] wird für die Beschreibung des Randfeldes K ein Integral
angegeben (dort I3 genannt):

K =
1

π

(
2 ln

2G0

q1

− G0

D
arccos

(
1− 2D2

q2
1

))
(4.13)

mit
q2

1 = D2 + (G0 +G)2. (4.14)

Hier ist (nach Wollnik -Notation) D der Abstand zwischen Dipolkante und
Spiegelplatte, sog. Herzogplatte, und G die halbe vertikale Öffnung der Her-
zogplatte (s. Abb. 4.2).

In MIRKO wird zur Berechnung der Randfeldeffekte eine leicht andere Defi-
nition des Integrals verwendet, die sich eher nach dem in TRANSPORT ver-
wendeten Matrixelement [78, S. 131f.]

R43 = − 1

ρ0

tan

[
β − k1

2G0

ρ0

(
1 + sin 2β

cos β

)(
1− k1k2

2G0

ρ
tan β

)]
(4.15)

richtet. Für die Simulation in MIRKO kann in guter Näherung

k1 = −K
2

und k2 = 0 (4.16)

angenommen werden.

• Quadrupol
Eine einzelne Quadrupollinse ist je nach Ladungspolarität und Feldgradient
entweder horizontal fokussierend und vertikal defokussierend oder umgekehrt.
Für eine Linse, die zugleich horizontal und vertikal fokussiert, wird ein Qua-
drupoltriplett benötigt. Kenngröße für einen Quadrupol ist neben der effekti-
ven Länge L der Feldgradient B′ = ∂By/∂x = ∂Bx/∂y, d.h. die horizontale
Variation der vertikalen Feldkomponente bzw. die vertikale Variation der hori-
zontalen Feldkomponente. Bei gegebener magnetischer Steifigkeit des Strahls
Bρ wird die Quadrupolkonstante k definiert als1

k =

∣∣∣∣
B′

Bρ

∣∣∣∣ (4.17)

1Achtung: In der Literatur variiert teilweise die Definition von k (quadratisch oder linear). Die
hier verwendeten Definitionen sind konsistent mit MIRKO.
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Abb. 4.2.: Dipolkante mit Herzogplatte.

Für einen horizontal fokussierenden, und somit vertikal defokussierenden Qua-
drupol lautet das Matrixelement

R =




cos
√
kL sin

√
kL√
k

0 0 0 0

−
√
k sin

√
kL cos

√
kL 0 0 0 0

0 0 cosh
√
kL sinh

√
kL√
k

0 0

0 0
√
k sinh

√
kL cosh

√
kL 0 0

0 0 0 0 1 L
γ2

0 0 0 0 0 1



. (4.18)

Für einen horizontal defokussierend, vertikal fokussierenden Quadrupol ergibt
sich ein Matrixelement von

R =




cosh
√
kL sinh

√
kL√
k

0 0 0 0√
k sinh

√
kL cosh

√
kL 0 0 0 0

0 0 cos
√
kL sin

√
kL√
k

0 0

0 0 −
√
k sin

√
kL cos

√
kL 0 0

0 0 0 0 1 L
γ2

0 0 0 0 0 1



. (4.19)

Durch Variation des Feldgradienten B′ lässt sich so der Fokus des Quadrupols
einstellen.
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4.2. Anforderungen an ein Spektrometer

Mit dem im Rahmen dieser Arbeit konzipierten und aufgebauten Elektronenspek-
trometer sollen Elektronen detektiert werden, die bei Stößen von hochgeladenen
Ionen mit den Atomen des Gastargets in einem engen Vorwärtskonus um die Strahl-
richtung, und mit einer Geschwindigkeit vergleichbar zur Projektilgeschwindigkeit
ve ≈ vp emittiert werden. Von Interesse ist hier der doppelt differentielle Wirkungs-
querschnitt d2σ/dpe/dΩe, also sowohl der Impuls der Elektronen pe, als auch deren
Emissionsrichtung innerhalb eines kleinen kegelförmigen Raumwinkelelements Ωe

um den Projektilstrahl (mehr dazu in Kap. 6.3). Durch die dispersive Eigenschaft
der Dipole können in deren Fokalebene Schlitze positioniert werden, die ein be-
stimmtes Impulsintervall ∆p selektieren. Die Impulsauflösung ergibt sich so durch
die Geometrie des Dipols und die Breite der Schlitzöffnung. Hingegen wird der de-
tektierte Raumwinkel durch die Apertur der Strahlführung und die fokussierenden
Eigenschaften der Magnete festgelegt. Die Winkelauflösung ergibt sich aus den Ei-
genschaften des ortsempfindlichen Detektors und aus der Qualität der optischen
Abbildung. Impuls- und Winkelauflösung können durch geometrische und chromati-
sche Aberrationen (d.h. impulsunabhängige und impulsabhängige Abbildungsfehler)
an Schärfe verlieren, wenn Effekte höherer Ordnung nicht kompensiert werden.

Folgende Größen charakterisieren die Qualität des Spektrometers:

• Teleskopische Abbildung
Telekopische Abbildungen sind solche, die sowohl die Bedingung einer Punkt-
zu-Punkt-Abbildung R12 = R34 = 0, als auch die Bedingung einer Parallel-
zu-Parallel-Abbildung R21 = R43 = 0 erfüllen (vgl. Gl. (4.3)). Dadurch ist der
Ort, an dem das Teilchen die Bildebene trifft, unabhängig vom Winkel, in dem
es die Objektebene verlässt, und entsprechend der Winkel in der Bildebene
unabhängig vom Ort in der Objektebene. Die Matrizen haben dann die Form

Rx =

(
R11 0
0 R22

)
=

(
Mx 0
0 1/Mx

)
, (4.20)

Ry =

(
R33 0
0 R44

)
=

(
My 0
0 1/My

)
. (4.21)

Die Größen Mx und My sind jeweils der Abbildungsmaßstab in horizontaler
und vertikaler Ebene. Von besonderem Interesse sind Teleskope mit Mx = ±1
und My = ±1, bei denen in linearer Näherung Objektgröße und Bildgröße (bis
auf eine eventuelle Spiegelung) identisch sind.

• Impulsauflösung
Die dispersive Eigenschaft des Dipols ist definiert durch die Ortsdispersion
Dx = R16 = ρ0(1 − cosα) und die Winkeldispersion D′x = R26 = sinα. In
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Abhängigkeit der horizontalen Strahlgröße am Eingang ∆xE berechnet sich
die Impulsauflösung an den Schlitzen mit

δ =
∆p

p
=

∣∣∣∣
Mx∆xE
Dx

∣∣∣∣ . (4.22)

Dies entspricht der Bedingung, dass der Strahl nach Durchlaufen des Systems
vom Eingang bis zu den Schlitzen einem Abbildungsmaßstab Mx unterliegt
und sich die Strahlflecken der um ∆p abweichenden Impulse nicht überlappen,
sondern sich gerade tangieren.

Die Impulsauflösung eines optischen Systems ergibt sich insbesondere durch
die Geometrie der Dipole. Dabei ist eine bestimmte Konfiguration von Inter-
esse: Ein Dipol habe einen Krummüngsradius ρ0 und Ablenkwinkel α, eine
Driftstrecke L vor und nach dem Dipol und einen Kantenwinkel β mit

tan β =
1

2
tan

α

2
(4.23)

L =
ρ0

tan β
=

2ρ0

tan α
2

.

Dann ergibt sich für das Gesamtsystem Rx = RDrift · RRand · RDipol · RRand ·
RDrift:

Rx =




R11 R12 R16

R21 R22 R26

0 0 1




=




1 2ρ0
tan[α2 ]

0

0 1 0
0 0 1


 •




1 0 0
tan[α2 ]

2ρ0
1 0

0 0 1


 •




cos[α] ρ0 sin[α] ρ0(1− cos[α])

− sin[α]
ρ0

cos[α] sin[α]

0 0 1




•




1 0 0
tan[α2 ]

2ρ0
1 0

0 0 1
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 (4.24)

Es zeigt sich, dass so ein teleskopisches System mit Mx = −1 realisiert wird,
dessen Impulsauflösung unabhängig vom Ablenkwinkel α ist:

∣∣∣∣
Dx

Mx

∣∣∣∣ = 4ρ0 (4.25)



4.3. EIGENSCHAFTEN DER SPEKTROMETERMAGNETE 55

Diese Impulsauflösung gilt natürlich nur für einen idealen Dipol. Die durch Ab-
errationen hervorgerufenen Unschärfen können jedoch teilweise durch konkav
und konvex gekrümmte Magnetfeldkanten kompensiert werden.

• Achromatische Eigenschaften
Systeme mit möglichst hoher Impulsauflösung benötigen also große Werte in
den Matrixelementen R16 und R26. Umgekehrt kann es aber auch möglicher-
weise Ziel sein, ein System hoher Impulsakzeptanz zu realisieren, mit kleinen
Werten für R16 und R26. Dies führt zu achromatischen Systemen, bei denen
also gleichzeitig Orts- und Winkeldispersion verschwinden. Sie lassen sich im
Allgemeinen durch entsprechende Anordnungen von Dipolen und Quadrupolen
realisieren. Erwähnenswert ist hierbei, dass sich durch Symmetrien geometri-
sche Aberrationen kompensieren können.

4.3. Eigenschaften der Spektrometermagnete

• Dipole
Tab. 4.1 zeigt die Parameter der zwei identischen Dipole, wie sie im Spektrome-
ter verwendet wurden. Ihr Design richtete sich nach den am ESR bestehenden
geometrischen Gegebenheiten. So erklärt sich das etwas untypische Verhältnis
von Polschuhabstand und Bahnradius G0/ρ0, bei dem der Polschuhabstand
groß im Vergleich zum geringen Bahnradius ist. Anhand der Werte von Tab.
4.1 kann über das Randfeldintegral K aus Gl. 4.13 unter Verwendung von Gl.
4.16 der für MIRKO relevante Wert k1 = 0.18 berechnet werden. Dies führt
dazu, dass das Randfeld einen vertikal leicht fokussierenden Einfluss hat (vgl.
Abb. 4.5 und 4.6). Zum Vergleich: Die Empfehlung für einen Standardma-
gneten mit G0 � ρ0 und Rechteckform der Eisenkante ist k1 = 0.45 [78, S.
78]. Dies kann den Unterschied zwischen einem vertikal fokussierenden oder
defokussierenden Randfeld bedeuten!

Ein Vergleich zwischen den Bedingungen aus Gl. 4.23 und den Designparame-
tern zeigt: Für einen 60◦-Dipol wäre β = 16.1◦ und L = 794 mm. Für den

Ablenkwinkel α 60.0 ◦

Anstellwinkel Magnetkante β 16.7 ◦

effektiver Bahnradius ρ0 229.1 mm
Halber Polschuhabstand G0 54.0 mm
Abstand Spiegelplatten D 30.0 mm
Halber Spiegelplattenabstand G 65.0 mm
Maximaler Spulenstrom Imax 10.0 A
Maximales Magnetfeld Bmax ≈ 17 mT

Tab. 4.1.: Eigenschaften der Dipole.
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(b) Dipol 2

Abb. 4.3.: Integrales Magnetfeld: Messung und linearer Fit.

Dipolmagneten ist dies mit β = 16.7◦ und einem Abstand L = 782 mm zwi-
schen Quellpunkt und Dipol näherungsweise erfüllt. Oder andersherum: Da
sich der Dipol den geometrischen Gegebenheiten des ESR und einer vorgege-
benen Position zum Gastarget anpassen musste, ergab sich aus Gl. 4.23 der
Bahnradius.

Abb. 4.3 zeigt das für Gl. 4.10 benötigte integrale Magnetfeld Bl(I), wie es
vermessen wurde. Um die Hysteresekurve exakt zu beschreiben, wurde das
Magnetfeld durch ein in drei Bereichen stückweise definiertes Polynom 3. Gra-
des beschrieben2. Dieses wiederum wurde hier zur Veranschaulichung linear
gefittet. Bedingung für die Gültigkeit einer solchen Messung und den Erhalt
der Hysterresekurve ist, dass der Magnet niemals außerhalb des Messbereichs
(hier 0-10A) betrieben wird und der einzustellende Wert immer von unten,
also von 0A angefahren wird. Zum Verringern des Magnetfeldes wurden daher
nacheinander die Werte 0A - 10A - 0A - 10A - 0A - 10A - 0A abgefahren, um
den Magneten zu konditionieren.

• Quadrupoltriplett
Während für die Dipole die tatsächliche Feldgröße unabhängig vom angeleg-
ten Strom über Hallsonden bestimmt und verifiziert werden kann, ist eine

Gesamtlänge 1125.0 mm
Innenradius 79.0 mm
Wicklungen je Pol n 120
Effektive Länge je Pol Leff ≈ 240 mm
Maximaler Strom Imax 5.33 A
Maximaler Feldgradient B′max 0.095 T/m

Tab. 4.2.: Eigenschaften des Quadrupoltripletts.

2Dies entspricht der Standardprozedur der Magnetabteilung an der GSI.
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Abb. 4.4.: Blick in das eisenfreie Quadrupoltriplett in cos(2ϑ)-Geometrie:
Zu sehen sind die Wicklungen der einzelnen Spulen.

äquivalente Prozedur für das Quadrupoltriplett nicht möglich. Daher wurde
ein eisenfreies magnetisches Quadrupoltriplett in cos(2ϑ)-Geometrie verwendet
[83], bei dem die Feldgradienten des Magnetfeldes allein durch die Geometrie
der Spulen erzeugt werden (vgl. Abb. 4.4). Dadurch war ein hysteresefreier
Betrieb und eine reproduzierbare Zuordnung von angelegtem Strom und re-
sultierendem Feldgradienten möglich. Einige Parameter sind in Tab. 4.2 aufge-
listet. Das Triplett war so verschaltet, dass jeder der drei Quadrupole einzeln
stromgeregelt anzusteuern war. Mit Tab. 4.2 ergibt sich für den in Gl. 4.17
benötigten Feldgradienten B′(I) in Abhängigkeit vom angelegten Strom I

B′(I) =
0.095 T/m

5.33 A
· I = 0.0178

T

m

1

A
· I. (4.26)

4.4. Mögliche Konfigurationen

Unter Verwendung der vorhandenen Magnete (2 Dipole, 1 Quadrupoltriplett) sind
grundsätzlich zwei mögliche Konfigurationen denkbar:

1. Maximale Impulsauflösung
Es sei eine Strahlfleckgröße von ∆xE = 2x0 = 2 mm am Eingang des Sys-
tems, also am Quellpunkt, an welchem Gastarget und Ionenstrahl miteinander
überlappen, angenommen (∆xE Strahldurchmesser, x0 Strahlradius). Dann
kann nach Gl. 4.25 unter Verwendung der Dipolparameter aus Tab. 4.1 eine
Mx = −1-Abbildung realisiert werden, mit einer Dispersion von

∆p

p
=

∣∣∣∣
Mx∆xE
Dx

∣∣∣∣ =
∆xE
4ρ

=
1

458.2
= 2.2 · 10−3. (4.27)
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Ein Aufbau von 2 Dipolen hintereinander mit entgegengesetzter Polarität, also
eine +60◦−60◦-Konfiguration kann theoretisch die Auflösung ∆p/p = 1.1·10−3

erreichen. Idealerweise liegt dabei der Fokus des 1. Dipols genau in der Mitte
zwischen den 2 Dipolen und auch in der Mitte des Quadrupoltripletts.

Die Abbildungsmatrix an den Schlitzen aus der MIRKO-Simulation unter Ver-
wendung der Abstände ähnlich Tab. 4.3 ist

R =




1 0.000546 0 0 0 −1818
0.002888 1 0 0 0 −2.625

0 0 −1 0.00002279 0 0
0 0 0.002224 −1 0 0

−2.625 −1818 0 0 1 −4561
0 0 0 0 0 1




(4.28)

Hier ist eine teleskopische Abbildung mit Mx = 1 und My = −1 realisiert,
wobei der mittlere Quadrupol leicht angeregt ist, die äußeren Quadrupole
überhaupt nicht. Abb. 4.5 zeigt, dass die Anregung des mittleren Quadrupols
zur Fokussierung der vertikalen Komponente nur vom fokussierenden Randfeld
der Dipole abhängt. Dies zeigt, wie wichtig die genaue Kenntnis des Randfeld-
integrals 4.13 ist.

Die theoretische Impulsauflösung von

∆p

p
=

∣∣∣∣
2x0

Dx

∣∣∣∣ =
2 · 1 mm

1818
= 1.1 · 10−3 (4.29)

kann durch Öffnen der Schlitze zugunsten höherer Zählrate verringert werden.

1m 2m 3m 4m

x
y

5c
m

5c
m

0

0

Abb. 4.5.: MIRKO-Ausgabe: Die obere Hälfte zeigt die horizontale Enveloppe, mit
∆p/p = 0 und ∆p/p = 0.01. Die untere Hälfte zeigt die vertikale Enve-
loppe. (Eingang: x0 = y0 = 1 mm, x′0 = y′0 = 54 mrad.)

Das Anregen der äußeren Quadrupole fügt dem System einen zusätzlichen
Freiheitsgrad hinzu, der ein Verschieben des horizontalen Fokus bewirkt. Dies
entspricht der Vergrößerung des Abstandes zwischen den zwei Dipolen. Dieser
Freiheitsgrad wurde bewusst eliminiert, um das System zu vereinfachen.
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2. Maximale Impulsakzeptanz
Im Unterschied zur +60◦−60◦-Konfiguration führt eine +60◦+60◦-Konfiguration
zu einer maximalen Impulsakzeptanz, d.h. einem achromatischen System mit
kleinen Matrixelementen R16 und R26. Wird der mittlere Quadrupol zusätzlich
zur Fokussierung der Impulse in der dispersiven Ebene zwischen den zwei Di-
polen verwendet, erreicht man eine Optik wie in Abb. 4.6 mit einer Abbil-
dungsmatrix an den Schlitzen von:

R =




0.9988 −1.0992 0 0 0 −7.7 · 10−7

0.0022 0.9988 0 0 0 −1.4 · 10−6

0 0 −1.1892 176.6 0 0
0 0 0.0023 −1.1892 0 0
0 0 0 0 1 −83.01
0 0 0 0 0 1




(4.30)

Die Abstände entsprechen wieder denen in Tab. 4.3. Es ist eine |Mx| = 1-
Abbildung realisiert, wohingegen die Bedingung der |My| = 1-Abbildung zu-
gunsten der Impulsfokussierung aufgegeben wurde und es sich damit um keine
teleskopische Abbildung handelt.

1m 2m 3m 4m

x
y

5c
m

5c
m

0

0

Abb. 4.6.: MIRKO-Simulation für die +60◦ + 60◦-Konfiguration:
Gezeigt sind die x-Enveloppe (oben) und y-Enveloppe (unten) für einen
Emissionswinkel von x′0 = 48 mrad und y′0 = 38 mrad mit einer Impuls-
abweichung ∆p/p0 = 0 bzw. ∆p/p0 = 0.05.

Die Impulsakzeptanz ist nun nicht mehr durch die Position der Schlitze gege-
ben, diese sind jetzt überflüssig. Stattdessen ergibt sich die Akzeptanz durch
die Apertur xmax = 50 mm im mittleren Quadrupol, also rein rechnerrisch
nach Gl. 4.25

∆p

p
=
xmax
4ρ0

=
50 mm

4 · 229.1 mm
= 0.0546. (4.31)

In ihren Abbildungseigenschaften gibt es einen wesentlichen Unterschied zwischen
den zwei Konfigurationen: Während für die hochauflösende +60◦−60◦-Konfiguration
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das Matrixelement R26 einen endlichen, nicht zu vernachlässigenden Wert besitzt
(hier nach Gl. 4.28 R26 = −2.625, ist dieses Matrixelement nach Gl. 4.30 in der
+60◦ + 60◦-Konfiguration R26 = 0. Ein endlicher Wert führt dazu, dass der Winkel
x′ an den Schlitzen vom Impuls abhängig ist. Aus einer breiten Impulsverteilung
am Eingang des Systems kann dann zwar durch die Schlitze ein Impulsintervall
selektiert werden, innerhalb dieses Intervalls ist der Auftreffort auf dem Detektor
jedoch impulsabhängig. Ein System, in welchem der Auftreffort auf dem Detektor
allein vom Emissionswinkel am Quellpunkt abhängt, kann nur realisiert werden,
wenn dieser impulsunabhängig ist, d.h. R16 = 0 und R26 = 0 an den Schlitzen. Dies
ist nur in der +60◦ + 60◦-Konfiguration möglich.

4.5. Realisiertes Spektrometer

Experimentell zeigte sich, dass die zu untersuchenden Wirkungsquerschnitte insbe-
sondere des RECC verglichen mit der Luminosität des Beschleunigers eine Ereignis-
rate lieferte, die ein System mit möglichst hoher Impulsakzeptanz erforderte. Nur
dadurch war es möglich, die benötigte Statistik in der gegeben Messzeit zu sammeln
(mehr dazu in Kap. 6.3).

Aufgrund der im letzten Kapitel beschriebenen Überlegungen wurde so die +60◦+
60◦-Konfiguration realisiert. Diese achromatische Anordnung hilft unter anderem,

-40 -20 0 20 40

-40

-20

0

20

40

x@mmD

y@
m

m
D

(a) Simulation des Detektorbildes für das
realisierte Spektrometer ohne Energie- und
Winkelverteilung, d.h. für eine isotrope
Emission vom Target aus.
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(b) Gemessenes Detektorbild des Spektrome-
ters bei Ee = E0 in Koinzidenz zur Projektil-
ionisation ELC.

Abb. 4.7.: Bild des Elektronendetektors: Die Differenz zwischen Simulation und Ex-
periment beinhaltet sowohl eine Winkelverteilung, als auch Abbildungs-
fehler der Optik.
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Element/ Länge: mechanisch [mm] optisch [mm] MIRKO [mm]
Wechselwirkungskammer 700 700

D1 Eingang 221 88.7 789
D1 Bogen 0 239.9 240
D1 Ausgang 274 142.1

Ventil 85 85
Strahlrohr vor QT 70 70

QT Eingang | 42.5 340
Q1 | 240 240
Übergang | 160 160
Q2 | 240 240
Übergang | 160 160
Q3 ↓ 240 240
QT Ausgang 1125 42.5

Strahlrohr nach QT 35 35
Kompensator 150 150.0

D2 Eingang 245 112.7 340
D2 Bogen 0 239.9 240
D2 Ausgang 245 112.7

Ventil 85 85
Strahlrohr 450 450
Würfel vor Schlitz 141 141 789
Würfel nach Schlitz 84 84
Isolator 95 95
CF100-CF160 22 22
CF160-CF250 45 45
Detektorkammer vor Detektor 154 154 400
Gesamtlänge 4226 4177 4177

Tab. 4.3.: Strahlführung, wie sie in der +60◦ + 60◦-Konfiguration realisiert wurde:
Die Differenz zwischen mechanischer und optischer Länge ergibt sich aus
der Krümmung der Sollbahn im Dipol.

geometrische Aberrationen zu kompensieren (s. [81] und [82]). Der impulsselektieren-
de Strahltransport funktioniert hier schon ohne Anregung des Quadrupoltripletts.
Dieses kann zur Fokussierung der Impulse und zur Optimierung der vertikalen Ab-
bildung verwendet werden, während es sehr wenig Einfluss auf die horizontale Ab-
bildung hat.

Eine direkte Umrechnung vom Auftreffort auf dem Detektor in den Emissionswin-
kel am Quellpunkt war im hier durchgeführten Experiment nicht möglich. Dies lag
vermutlich daran, dass die Abbildungsfehler höherer Ordnung, insbesondere für die
untypische Geometrie der Dipole, zu stark waren und so auch deren fokussierendes
Randfeld keine lineare Abbildung ermöglichte. Zur Kompensation von chromati-
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Abb. 4.8.: Simulierte Winkel- und Impulsakzeptanz Elektronendetektors.

schen Aberrationen würden konkav- und konvex gekrümmte Randfelder benötigt,
dies war bei den verwendeten Dipolen nicht der Fall. Auch die Präzision der An-
steuerung der Quadrupole ermöglichte zwar ein Optimieren des Spektrometers auf
maximale Transmission, nicht jedoch eine direkte Umsetzung der simulierten Strahl-
optik.

Einen Vergleich zwischen einem mit Mathematica simulierten Ortsbild am De-
tektor und einem Koinzidenzbild des MCP-Detektor aus dem Experiment zeigt
Abb. 4.7. Hierbei wurde versucht, die im Experiment verwendete Optik möglichst
gut zu reproduzieren. Jedoch ist in der Simulation keinerlei Information über die
untersuchte Physik, d.h. Wirkungsquerschnitte und Winkelverteilungen implemen-
tiert. Somit wird nur die Größe des Detektorbildes beschrieben, nicht dessen Inten-
sitätsverteilung3. Anhand der Simulation lassen sich die Werte für die Impuls- und
Winkelakzeptanz begründen, die in der Auswertung der experimentellen Daten (s.
Kap. 6.3) verwendet wurden (Abb. 4.8).

3Die Tatsache, dass der Strahlfleck auf dem Detektor in dieser Simulation rechteckig ist, liegt
nicht an der Annahme rechteckiger Aperturen (es wurden runde angenommen), sondern daran,
dass sich die maximale Ausdehnung des Strahls in horizontaler und vertikaler Richtung an un-
terschiedlichen Stellen entlang des Systems befindet. An diesen Stellen schneidet die Simulation
Teilchen, die außerhalb der Apertur liegen ab.



5. Experimenteller Aufbau

Während Kap. 3 Instrumente behandelte, die Teil der Infrastruktur des ESR sind,
soll jetzt auf instrumentelle Details eingegangen werden, die speziell für die Experi-
mente dieser Arbeit installiert wurden. Die Geometrie des Elektronenspektrometers
wurde bereits in Kap. 4.5 ausführlich besprochen. Daher wird hier der Schwerpunkt
auf den verwendeten MCP-Detektor für die Elektronen, die Halbleiterdetektoren
für die Photonen und die Datenaufnahme gelegt. Eine schematische Übersicht der
Detektoren im ESR zeigt Abb. 5.1.

U89+	  

U87+	  

e-‐	  

+90°	  
+150°	  +35°	  

-‐145°	  

U88+	  

-‐90°	  
Gastarget	  mit	  
Röntgendetektoren	  

Elektronen-‐	  
spektrometer	  

Umladungs-‐	  
detektoren	  

Injek9on	  

Abb. 5.1.: Der ESR mit den verwendeten Detektoren für Elektronen, Photonen,
ionisierte und rekombinierte Projektile.
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Abb. 5.2.: MCP-Detektor, montiert auf einem CF250-Flansch.

5.1. Microchannelplate-Detektor

Zur Messung der Elektronen wurde im Spektrometer ein zweilagiges MCP-stack
in Chevron-Konfiguration kombiniert mit einer hexagonalen Delayline-Anode ver-
wendet. Die verwendeten Microchannelplates hatten eine aktive Fläche mit einem
Durchmesser von 75 mm. In den 1.5 mm dicken MCPs befinden sich im Abstand
von 32 µm halbleiterbeschichtete Kanäle mit einem Durchmesser von 25 µm unter
einem Winkel von 8◦ zur Oberflächennormalen. Chevron-Konfiguration bedeutet,
dass zwei MCPs so übereinandergelegt werden, dass ihre Kanäle entgegengesetzte
Winkel haben, um Rückkopplungen der zu verstärkenden Elektronen zu vermeiden.
Eine zwischen Vorder- und Rückseite angelegte Beschleunigungsspannung führt da-
zu, dass ein Elektron, das in einen Kanal trifft, dort Sekundärelektronen herauslöst,
die dann entlang des Kanals lawinenartig auf etwa 107 Elektronen verstärkt werden.
Das entstehende Signal kann über einen Kondensator von der Hochspannung an der
Vorder- oder Rückseite entkoppelt werden. Das Ganze funktioniert auch bei leicht
modifizierten Spannungen für Ionen und Photonen, wie von Jagutzki et al. in [84]
beschrieben.

Hinter den zwei MCPs ist durch ein einzelnes aufgetroffenes Elektron eine ganze
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Abb. 5.3.: Prinzip der Delayline-Anode (aus [84]): Mit v⊥ ist die Ausbrei-
tungsgeschwindigkeit des Signals transversal zur Wicklungsrichtung des
Delayline-Drahtes bezeichnet.

Elektronenwolke entstanden, die auf die Delayline-Anode trifft. Hier sind für je-
de Koordinate zwei Drähte parallel über einen Rahmen gewickelt. An dem Draht
für das Signal liegt dabei für Elektronen gegenüber dem Referenz-Draht eine leicht
höhere positive Spannung an. Trifft die Elektronenwolke auf einen Punkt auf der
durch die Drähte aufgespannten Ebene, so entsteht entlang des Signaldrahts ein
Puls, der zu den beiden Enden des Drahtes läuft. Verstärkt wird dann die Differenz
aus Signal und Referenz, um Rauschen herauszufiltern. Aus der Laufzeit des Signals
lässt sich die Position der Elektronenwolke bestimmen (s. Abb. 5.3). Die Summe
der Laufzeiten zu den beiden Enden ist für echte Signale konstant. Ein typischer
Delayline-Detektor besteht daher aus zwei zueinander um 90◦ gedrehten Drahtebe-
nen. Die hier verwendete hexagonale Anode besteht aus drei zueinander um 60◦

gedrehten Ebenen, die zusammen ein redundantes Signal liefern. Dadurch kann u.a.
die Multihitauslese wesentlich optimiert werden (Details dazu s. [85]).

Vor dem MCP wurden in diesem Aufbau zwei Drahtgitter mit einer Transmis-
sion von jeweils etwa 95% montiert. Diese dienen zum einen dazu, Elektronen, die
während eines Ereignisses von der Vorderseite des MCPs herausfliegen, wieder in
das MCP zu reflektieren (sog. Repellerfunktion). Dadurch erhöht sich die Nachweis-
wahrscheinlichkeit für Primärelektronen. Zum anderen können niederenergetische
Elektronen und auch Ionen aus dem Restgas daran gehindert werden, das MCP zu

Gitter 1 0
Gitter 2 -200
MCP Vorderseite -100
MCP Rückseite +2100
Detektorrahmen +2200
Delayline Signal +2430
Delayline Referenz +2400

Tab. 5.1.: Spannungen am Elektronendetektor in Volt.
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Abb. 5.4.: Experimenteller Aufbau am ESR um das Gastarget.

treffen. Eine Zusammenfassung der angelegten Spannungen zeigt Tab. 5.1. Abb. 5.2
zeigt den Detektor, wie er speziell für dieses Experiment aufgebaut wurde.

Das Zeitsignal des MCP und die Zeitsignale der sechs Enden der Drähte des
Delayline-Detektors werden jeweils über Verstärker in einem Constant-Fraction-
Discriminator zu logischen Pulsen geformt und an die Datenaufnahme geleitet.

5.2. Halbleiterdetektoren

Zur Messung der Energie der Photonen wurden um den Wechselwirkungspunkt,
an dem der Ionenstrahl auf das Gastarget trifft, fünf Germaniumdetektoren an
verschiedenen Winkeln in der horizontalen Streuebene verwendet. Die mit Stick-
stoff gekühlten Detektoren bestehen aus einem hochreinen Germanium-Kristall (hy-
perpure germanium, HPGe) und bieten aufgrund der kleinen Bandlücke eine gute
Auflösung und eine hohe Effizienz für Photonenspektroskopie. Die Energieabhängig-
keit der Effizienz wurde für alle Detektoren mit radioaktiven Quellen (152Eu, 133Ba,
57Co, 241Am, 137Cs) vermessen (s. Abb. 5.5). Die resultierenden Effizienzkurven wur-
den in der Analyse verwendet. Mit 241Am wurde auch die Energiekalibration durch-
geführt.
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Winkel Fenster Absorber Detektor Spannung Durchm. Aufl.
+35◦ Be 100 µm — Ortec GLP-16-195/10-P -2500 V 16 mm 416 eV
+90◦ Be 100 µm — CoaxCanberra GX1018 +3500 V 44 mm 789 eV

+150◦ Be 100 µm — Ortec LO-AX-51370/20-P -3500 V 51.4 mm 600 eV
−90◦ Be 100 µm Fe 100 µm Eurisys EGP2000-20-RX -3000 V 50 mm 934 eV
−145◦ Fe 50 µm — Ortec GLP-25300/13P4 -3200 V 25 mm 446 eV

Tab. 5.2.: Verwendete Ge-Detektoren: Die Auflösung (FWHM) wurde aus der Ener-
giekalibration für die 241Am-Linie bei 59.54 keV bestimmt.

Eine Übersicht der verwendeten Ge-Detektoren zeigt Tab. 5.2. Die Detektoren
wurden außerhalb der Vakuumkammer aufgebaut und schauten durch dünne Beryl-
lium- bzw. Edelstahl-Fenster auf den Wechselwirkungspunkt. Das 100 µm dicke Be-
Fenster hat oberhalb von 30 keV eine Transmission von mehr als 99.7%, verringert
also nicht die Detektionseffizienz im relevanten Energiebereich, während bei 100 µm
Eisen die Transmission für 30 keV bei nur 62.9% liegt. Für das Edelstahlfenster
wurde also die geringere Transmission in der Analyse eingerechnet1. Photonen im
Energiebereich unterhalb 30 keV besitzen eine hohe Intensität und waren für dieses
Experiment nicht relevant, so dass ein Fe-Absorber von 100 µm am Detektor mit
dem größten Raumwinkel eine unnötige Totzeit in diesem verhinderte.

Das Signal des Vorverstärkers eines Germaniumdetektors wird für die Daten-
aufnahme typischerweise geteilt: Nach einem schnellen Verstärker wird in einem
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Abb. 5.5.: Relative Effizienzen der verwendeten Ge-Detektoren (vgl. Tab. 5.2) [86].

1Tabellen und Programme zur Absorbtion von Röntgenstrahlung in Materie finden sich in [87]
bzw. [88] oder [89].
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Constant-Fraction-Discriminator ein logisches Signal geformt, das für Koinzidenz-
messungen mit einem Elektron oder einem umgeladenen Projektil den Zeitpunkt
des Röntgenereignisses zeigt. Parallel dazu wird in einem Spektroskopieverstärker
ein Signal geformt, dessen Intensität die Energie des Photons wiedergibt.

5.3. Hallsonden

Da am Elektronenspektrometer die Magnetfelder der Dipole den Impuls, und damit
die Energie der gemessenen Elektronen bestimmen, ist deren möglichst genaue Mes-
sung wichtig. Aufgrund der Hysterese der Dipole lässt sich das Magnetfeld jedoch
nicht mit ausreichender Präzision über den angelegten Strom einstellen. Deshalb
wurden zur Messung der eingestellten Magnetfelder temperaturstabilisierte Hall-
sonden verwendet. Basierend auf dem Hall-Effekt bauen diese eine Spannung auf,
die proportional zum Magnetfeld ist. Die Spannung wurde hier so verstärkt, dass
10 V am Ausgang des Verstärkers 20 mT entsprachen, und damit den gesamten
Magnetfeldbereich der Dipole abdeckte (vgl. Tab. 4.1). Die Spannung wurde über
einen 4.7-MΩ-Widerstand in einen Strom umgesetzt, der wiederum in einem Strom-
Frequenz-Wandler in eine Sequenz logischer Signale umgesetzt wurde. Für jeden der
zwei Dipole wurde eine solche Frequenz in der Datenaufnahme mitgeschrieben.

5.4. Datenaufnahme

Für die Datenaufnahme wurde ein CAMAC-System (Computer Automated Measure-
ment And Control) verwendet. Die einzelnen Module und die Belegung der Kanäle
zeigt Tab. 5.3. Die Signale des Experiments wurden in Scalern, TDCs (Time-to-
Digital-Converter) und ADCs (Amplitude-to-Digital-Converter) digitalisiert. Zum
Verzweigen und Verzögern von logischen Signalen wurde NIM-Elektronik (Nuclear
Instrument Module) eingesetzt.

• Scaler
In Scalern werden logische Pulse gezählt. Im Vergleich mit dem Zählen der
Pulse einer Referenz-Frequenz (hier eine 100-kHz-Uhr) lassen sich Signale
aus Strom-Frequenz-Wandlern und Spannungs-Frequenz-Wandlern auswerten.
Diese Methode wurde für das Überwachen der Hallsonden, der Gastarget-
drücke, des ESR-Stroms und des Elektronenkühlers verwendet.

• Time-to-Digital-Converter
In TDCs wird die Laufzeit zwischen einem Startpuls für das gesamte Modul
und einem Stopppuls je Kanal gemessen, in den verwendeten Einstellungen
z.B. im Zeitintervall von 1 µs mit einer Auflösung von 1 ns. Meistens wur-
de hier das MCP-Signal der Elektronen als Startsignal verwendet, alternativ
auch die Zeitsignale der Röntgendetektoren. Beispiele für TDC-Spektren zeigt
Abb. 6.6. Aus der Laufzeit der Signale des Delayline-Detektors kann dann
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Modul Slot Sub- MBS- Belegung
adresse Event

Scaler 1 16 0 1 Zeit Bit 0-15 10kHz-Uhr
Borer 1 2 Zeit Bit 16-31 durchlaufend
16 Bit 2 3 Zeit Bit 32-47

3 4 —
Scaler 2 18 0 5 S MGA Master Gate Accepted

LeCroy 2551 1 6 S inhibit Gastarget an/aus
24 Bit 2 7 S ele Elektronendetektor

3 8 S cap Capture-Detektor
4 9 S loss Ionisations-Detektor
5 10 S xray1 +35◦

6 11 S xray2 +90◦

7 12 S xray3 +150◦

8 13 S xray4 -90◦

9 14 S xray5 -145◦

10 15 —
11 16 —

Scaler 3 20 0 17 S hall1 Hallsonde 1
LeCroy 2551 1 18 S hall2 Hallsonde 2

24 Bit 2 19 S helm1 Y-Ablenker
3 20 —
4 21 S target S1
5 22 S target S2 Gastarget
6 23 S target S3 Druck Sumpf 1-4
7 24 S target S4
8 25 S trafo ESR-Strom
9 26 S cool U Kühlerspannung
10 27 S cool I Kühlerstrom
11 28 S clock 100 kHz-Uhr

TDC 1 10 header 29
LeCroy 3377 0 30 T ele Zeitsignal Elektron

10 Bit 1 31 X1 ele
2 32 X2 ele
3 33 Y1 ele Ortssignal
4 34 Y2 ele Elektron
5 35 Z1 ele
6 36 Z2 ele
7 37 —

TDC 2 12 header 38 Zeitsignal:
LeCroy 3377 0 39 T xray1 +35◦

10 Bit 1 40 T xray2 +90◦

2 41 T xray3 +150◦

3 42 T xray4 -90◦

4 43 T xray5 -145◦

5 44 T cap Capture-Detektor
6 45 T loss Ionisations-Detektor
7 46 — Energiesignal:

ADC 1 6 0 47 E xray1 +35◦

Silena 1 48 E xray2 +90◦

12 Bit 2 49 E xray3 +150◦

3 50 E xray4 -90◦

4 51 E xray5 -145◦

5 52 —
6 53 —
7 54 —

Tab. 5.3.: Liste der Kanäle der CAMAC-Datenaufnahme.



70 5.5. ANSTEUERUNG

der Auftreffort des Elektrons bestimmt werden, und aus der Laufzeit bis zum
Signal eines Röntgendetektors oder eines Umladungsdetektors wird die Koin-
zidenz bestimmt (vgl. Kap. 6.3). Damit der Stopppuls immer nach dem Start-
puls, aber innerhalb des Zeitfensters des TDCs von 1 µs ankommt, wurden die
logischen Signale in Delay-Modulen gegeneinander verzögert.

• Analog-to-Digital-Converter
In ADCs wird die Amplitude eines Spannungspulses von bis zu 10 V mit ei-
ner Auflösung (bei diesem Modul) von 2.5 mV digitalisiert. Die ADCs wurden
ausschließlich zur Aufnahme der Energiesignale der Röntgendetektoren ver-
wendet.

Das CAMAC-System mit allen Modulen und allen Kanälen wurde bei jedem Trig-
ger ausgelesen, bei dem sich das System nicht gerade in einer Totzeit, d.h. in einer
Auslesezeit befand. Die Totzeit betrug hier ca. 200 ms, das System hatte also ei-
ne maximal detektierbare Ereignisrate von 5 kHz. Als Auslesetrigger wurde meist
das MCP-Signal der Elektronen verwendet. Nur bei der Bestimmung der L-REC-
Winkelverteilung (s. Kap. 6.1) dienten die Zeitsignale der Röntgendetektoren als
Auslesetrigger.

Die ausgelesen Daten jedes Ereignisses wurden über das GSI-eigene MBS (Multi-
Branch-System) und einem Computer mit dem unixbasiertem Echtzeitbetriebssys-
tem LynxOS im Netzwerk gespeichert. Die Dateien im LMD-Format (List-Mode-
Data) wurden dann mit dem GSI-Framework Go4 (GSI Object Oriented On-line
Off-line system) Ereignis-für-Ereignis ausgewertet.

5.5. Ansteuerung

Die Spektrometermagnete können über die Steuerungssoftware des ESR eingestellt
werden. Dazu werden entweder im ESR-Control die einzelnen Ströme gesetzt, oder
es wird im ESR-Modi aus den Beschleunigereinstellungen der Cusp-Impuls berech-
net und die Dipole (ESR-Nomenklatur EITKX1,EITKX2 ) können in Bruchtei-
len des Cusp-Impulses schrittweise durchgefahren werden. Die Quadrupole (ESR-
Nomenklatur EITQT11, EITQT12, EITQT13 ) werden dann für ein gesetztes Ver-
hältnis entsprechend der Quadrupolkonstante von Gl. 4.17 skaliert.

Aufgrund seiner weitaus höheren magnetischen Steifigkeit wird der Projektilstrahl
nur minimal vom 1. Dipol beeinflusst, während die Elektronen in das Spektrome-
ter geführt werden. Trotzdem war ein Einfluss auf die Lage des Projektilstrahls
zu beobachten, der teilweise zu einem veränderten Überlapp mit dem Gastarget
führte. Deshalb wurde in die Beschleunigersteuerung ein Zusatz implementiert, bei
dem durch Korrekturwicklungen im nachfolgenden ESR-Dipol (ESR-Nomenklatur
EO1KX1 ) der Einfluss des Spektrometerdipols auf die Strahllage näherungsweise
kompensiert wurde.



6. Stoßsystem U88++N2

Am Experimentierspeichering ESR der in Kap. 3 beschriebenen Beschleunigeranlage
unter Verwendung des in Kap. 5 ausgeführten Experimentaufbaus wurde für diese
Arbeit während einer 14-tägigen Strahlzeit das Stoßsystem U88++N2 bei 90 MeV/u
untersucht1. Für das zentrale Ziel des Experiments, die Elektronenenergieverteilung
der in diesem Stoßsystem emittierten Elektronen für die verschiedenen Reaktions-
kanäle zu messen, wurden die Magnete des Elektronenspektrometers schrittweise
durchgestimmt, so dass jeder Datenpunkt der Spektren einer diskreten Einstellung
des Spektrometers und damit einem Elektronenimpuls entsprach. Hingegen konnten
die verschiedenen Koinzidenzen und Reaktionskanäle natürlich parallel gemessen
werden. Die akkumulierte Messzeit je Datenpunkt betrug typischerweise mehrere
Stunden, in denen hunderte von Speicher- und Messzyklen durchlaufen wurden. Abb.
6.1 zeigt die Energieverteilung aller Elektronen, die vom Wechselwirkungspunkt aus
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Abb. 6.1.: Elektronenspektrum ohne Koinzidenzbedingung.

1Auch wenn das Gastarget aus Stickstoff-Molekülen N2 besteht, werden im Folgenden alle
Wirkungsquerschnitte auf Stöße mit Stickstoffatomen N bezogen. Diese Näherung ist aufgrund der
im Vergleich zur Stoßenergie geringen molekularen Bindungsenergie sinnvoll.
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Abb. 6.2.: Geometrie der Röntgendetektoren und des Elektronenspektrometers mit
den jeweiligen Raumwinkelakzeptanzen ∆ϑ, ∆ϕ und den Energien des
dopplerverschobenen Bremsstrahlungsendpunkts Eγ.

in Strahlrichtung im Streuwinkel ϑe = 0...2◦ beobachtet wurden, ohne jegliche Koin-
zidenzbedingung (singles). Das Maximum der Verteilung liegt bei der Elektronener-
gie, bei der die Elektronen die gleiche Geschwindigkeit besitzen wie der Ionenstrahl.
Experimentell wird im Speicherring jedoch die Geschwindigkeit des Ionenstrahls
genau durch die Geschwindigkeit der Elektronen im Elektronenkühler bestimmt.
Deshalb ist das Maximum exakt durch die raumladungkorrigierte Kühlerspannung
bestimmt, wie in Gl. 3.4 beschrieben. Die Energieachse der Spektren wurde über die
Kühlerenergie kalibriert, sie betrug 49.58 keV, was über Gl. 3.2 einer Projektilenergie
von 90.38 MeV/u entspricht.

Für das Spektrum wurde die Anzahl der detektierten Elektronen für jede Elek-
tronenenergie auf die Ereignisse im Rekombinationsdetektor normiert und die Un-
tergrundzählrate subtrahiert. Näheres dazu später in Kap. 6.3. Die Zählrate im
Maximum betrug ca. 240 Hz, die Untergrundzählrate, also das Rauschen des MCP-
Detektors 25-50 Hz. In Abb. 6.1 ist ein relativer systematischer Fehler von 10%
eingezeichnet, der mit dem statistischen Fehler und der Unsicherheit in der Unter-
grundzählrate quadratisch addiert wurde. Dass der resultierende Fehlerbalken bei
niedrigen Energien größer ist als bei hohen Energien, ist Folge der in Abb. 6.7 darge-
stellten Dispersionskorrektur, die über den Messbereich um einen Faktor 2 variiert.
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6.1. Röntgenspektren

Zur Messung der Elektronenspektren wurde die Datenaufnahme mit dem Signal des
MCP-Detektors getriggert, d.h. es wurden jeweils nur solche Ereignisse aufgenom-
men, bei denen ein Elektron das impulsselektierende Spektrometer passierte (oder
das MCP einen Dunkelpuls lieferte). Um jedoch zu verstehen, welche Photonen aus
dem Röntgenspektrum in der Elektron-Photon-Koinzidenz sichtbar werden, wurde
auch ein röntgengetriggertes Spektrum gemessen. Hierbei wurde jedes Ereignis auf-
genommen, bei dem ein emittiertes Photon in einem der fünf Röntgendetektoren
registriert wurde.2

Abb. 6.4 zeigt Röntgenspektren, wie sie mit den in Tab. 5.2 aufgelisteten Detekto-
ren aufgenommen wurden. Eine Übersicht über die Geometrie der Detektoren zeigt
Abb. 6.2. Die effektive Messzeit, d.h. die Summe der aktiven Messzeiten innerhalb
des Messzyklus (Maschine 11 in Tab. 3.1), betrug für diese Spektren 3 Stunden,
die tatsächliche Messzeit betrug wegen des in Kap. 3.2.5 beschriebenen Messzy-
klus und kurzen Strahlunterbrechungen etwa 4.5 Stunden. Während der Messung
betrug die durchschnittlicher Teilchenzahl im Ring 5.8 · 107, und die durchschnitt-
liche Targetdichte war 3.4 · 1012 Atome/cm2, was zu einer für dieses Experiment
überdurchschnittlichen Luminosität von 145/barn/s führte.

Die Röntgenspektren in Abb. 6.4 zeigen Ereignisse ohne Koinzidenzbedingung und
jeweils mit Koinzidenzbedingung auf 1. das rekombinierte Projektil, 2. das ionisierte
Projektil, 3. Ereignisse ohne Umladung und 4. ein detektiertes Elektron.

1. Die Koinzidenz auf das rekombinierte Projektil selektiert Ereignisse, bei
denen ein Elektron radiativ in einen gebundenen Zustand des Projektils ein-
gefangen wird. Für die Detektion des umgeladenen Projekils wird stets eine
Effizienz von 100% angenommen [77]. Der radiative Einfang in die L-Schale
(L-REC) wurde verwendet, um über den in Abb. 2.5 dargestellten theoreti-
schen Wirkungsquerschnitt für diesen Prozess die absolute Normierung durch-
zuführen. Dabei wurden auch die in Abb. 5.5 dargestellten relativen Effizienzen
und Korrekturen für die Absorber eingerechnet.

2. Die Koinzidenz auf das ionisierte Projektil zeigt dominant Ereignisse mit
Emission eines Kα2-Photons. Dies sind Prozesse, die mit einer K-Schalen-
Ionisation einhergehen:

U88+(1s22s2) + N2 → U89+(1s2s2) + N′2 + e− → U89+(1s22s) + N′2 + e− + γ.

Der Übergang von 2s nach 1s ist zwar für Ionen mit hoher Kernladungszahl
über die Emission eines M1 -Photons möglich, alternativ kann der Prozess aber
auch über die simultane Anregung des zweiten 2s-Elektrons geschehen:

U88+(1s22s2) + N2 → U89+(1s2s2) + N′2 + e− → U89+(1s22p) + N′2 + e− + γ.

2Aufgrund der relativ langen Totzeit der CAMAC-Datenaufnahme (s. Kap. 5.4) war es nicht
möglich, gleichzeitig elektronen- und röntgengetriggerte Spektren aufzunehmen. Da der Schwer-
punkt der Messung auf Elektron-Photon-Koinzidenzen lag, wären diese Daten nicht eindeutig in-
terpretierbar gewesen.
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Abb. 6.3.: Röntgenspektren für die Winkel ϑγ = +35◦ und ϑγ = +90◦ ohne Koinzi-
denz (schwarz) und in Koinzidenz mit Rekombination (blau), Ionisation
(grün), Cusp-Elektron (rot) (inkl. Gaußfit bei 53.2 keV) und antikoinzi-
dent (violett) (d.h. ohne Umladung des Projektilions).
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Abb. 6.4.: Röntgenspektren für die Winkel ϑγ = −90◦ und ϑγ = +150◦ ohne Koinzi-
denz (schwarz) und in Koinzidenz mit Rekombination (blau), Ionisation
(grün), Cusp-Elektron (rot) (inkl. Gaußfit bei 53.2 keV) und antikoinzi-
dent (violett) (d.h. ohne Umladung des Projektilions).
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Dieser als Two-Electron-One-Photon TEOP bezeichnetet Prozess wurde von
Trotsenko untersucht [90]. Eine Anregung 2S1/2 →2P1/2 benötigt nur 280 eV,
eine Anregung 2S1/2 →2P3/2 benötigt 4.5 keV, daher unterscheidet sich der
Zerfall des 1s2s2-Zustandes mit und ohne Anregung nur um eine sehr kleine
Energiedifferenz im emittierten Photon [40]. Das Verzweigungsverhältnis dieses
Prozesses zu messen ist Teil aktueller Forschung. Die Tatsache, dass während
der K-Schalenionisation nicht gleichzeitig ein 2s-Elektron angeregt wird (so-
genannte selektive K-Schalenionsation), zeigt sich experimentell darin, dass
im Koinzidenzspektrum praktisch keine Photonen oberhalb der Kα2-Linie zu
sehen sind. Eine theoretische Begründung gibt [90].

3. Die Anti-Koinzidenz enthält alle Ereignisse, bei denen keine Umladung de-
tektiert wurde. Damit enthält dieses Spektrum alle Ereignisse, in denen eine
Projektilanregung stattfand und alle Ereignisse unter Emission eines Brems-
strahlungsphotons. Im Vergleich von rekombinations-koinzidentem und anti-
koinzidentem Röntgenspektrum zeigt sich klar der Übergang vom Elektro-
neneinfang in gebundene Zustände des Projektils hin zum Elektroneneinfang
in das Kontinuum des Projektils unter Emission eines Bremsstrahlungspho-
tons, dem RECC. Die Breite dieses Übergangs ist physikalisch von der Breite
des Compton-Profils des N2-Target und zusätzlich experimentell durch die
Auflösung des Röntgendektors bzw. die Dopplerverbreiterung gegeben.

4. Die Koinzidenz auf das detektierte Elektron selektiert Photonen an genau
diesem Übergang vom Einfang in gebundene Zuständen zum Einfang ins Pro-
jektilkontinuum. Elektronen an diesem Übergang besitzen im Laborsystem
die Geschwindigkeit des Projektils, also in diesem Fall eine Energie von E0 =
49.58 keV. Photonen besitzen dort dieselbe Energie im Projektilsystem, d.h.
nach Gl. 2.58 im Laborsystem beispielsweise unter ϑγ = 90◦ die Energie
E ′γ = 45.20 keV. Da aber, wie sich in Kap. 6.5 zeigen wird, das Maximum
der koinzidenten Elektronenverteilung bei etwas höheren Energien liegt, wur-
de für diese Messung das Spektrometer auf eine Energie von Ee = 53.23 keV
eingestellt. Die Tatsache, dass die Zahl der Elektron-Photon-Koinzidenzen um
mehrere Größenordnungen unter der Intensität der anderen Koinzidenzen liegt,
ergibt sich aus der geringen Impulsakzeptanz und dem endlichen Raumwinkel
des Spektrometers und aus der geringen Detektoreffizienz des MCP-Detektors
für hochenergetische Elektronen (Details s. Kap. 6.3). Die Elektron-Photon-
Koinzidenzen wurden mit einer Gaußfunktion gefittet. Es ergibt sich z.B. für
den ϑγ = −90◦-Detektor ein Schwerpunkt der Verteilung bei Eγ = 44.95 keV
und eine Breite (FWHM) von 5.1 keV. Diese ist von der Dopplerverbreite-
rung von etwa 4 keV dominiert, also der Variation der dopplerverschobenen
Energie innerhalb der Raumwinkelakzeptanz des Detektors. (Um maximale
Detektionseffizienz zu erzielen wurden keine Kollimationsschlitze verwendet.)
Die reine Detektorauflösung liegt nach Tab. 5.2 bei nur 0.9 keV.
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6.2. Ortsspektren des Elektronendetektors

In Abb. 6.5 sind Beispiele für die Onlinespektren des in Kap. 5.1 beschriebenen
ortsempfindlichen Elektronendetektors gezeigt. Zur Orientierung: Der Durchmesser
der aktiven Fläche betrug etwa 75 mm. Das Ortsbild wurde in erster Linie dazu
verwendet, die magnetische Optik des Elektronenspektrometers, insbesondere das
Quadrupoltriplett einzustellen und zu überwachen. So konnte sichergestellt werden,
dass beim Durchstimmen des Spektrometers und der linearen Skalierung der Ma-
gnete alle transmittierten Elektronen stets vollständig vom Detektor erfasst wurden.
Bemerkenswert ist, dass kein Unterschied in der Elektronenverteilung zwischen Ko-
inzidenzen mit einem unter ϑγ = +90◦ nach rechts gestreuten und unter ϑγ = −90◦

nach links gestreuten Photonen zu beobachten ist.

Auch wenn konzeptionell im teleskopischen Spektrometer jeder Ort auf dem De-
tektor einem Emissionswinkel vom Wechselwirkungspunkt am Gastarget entspricht,
ist wie in Kap. 4.5 beschrieben eine differenziertere Interpretation des Ortsbildes auf-
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(b) Mit Koinzidenz der Projektilionisation
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(c) Mit Koinzidenz eines Bremsstrahlungs-
photons bei ϑγ = +90◦
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(d) Mit Koinzidenz eines Bremsstrahlungs-
photons bei ϑγ = −90◦

Abb. 6.5.: Onlinespektren des Ortsbildes des Elektronendetektors für verschiedene
Koinzidenzen bei der Elektronenenergie Ee = 58.1 keV= 1.2 · E0.
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grund von Abbildungsfehlern der Spektrometermagnete nicht möglich. Im Maximum
der Elektronenverteilung reicht dabei auch die Impulsauflösung des Spektrometers
nicht aus, um Winkelverteilungen im Projektilsystem zu rekonstruieren, außerhalb
des Maximums sind die theoretischen Verteilungen innerhalb der Winkelakzeptanz
quasi isotrop (vgl. Kap. 6.4 und Kap. 6.5).

6.3. Analyse experimenteller Wirkungsquerschnitte

Für die Energieverteilung der Elektronen wurden aus den Daten Wirkungsquer-
schnitte berechnet, die differentiell in der Elektronenenergie dEe, im Elektronen-
raumwinkel dΩe und für den RECC zusätzlich im Photonenraumwinkel dΩγ sind:

d3σ

dEedΩedΩγ

. (6.1)

Über die Energie des Photons Eγ wurde hingegen integriert, da es sich im koinziden-
ten Röntgenspektrum prinzipiell um eine monoenergetische Linie handelt, die nur
durch das Comptonprofil und eine endliche Detektorauflösung aufgeweitet wird.

Da es sich hier um ein magnetisches Spektrometer handelt, ist die Ereignisrate
eine Funktion des Elektronenimpulses p, nicht dessen kinetischer Energie E, und
ist proportional zur Impulsauflösung ∆p. Mit p(E) =

√
E2/c2 + 2mE ergibt sich

für das Produkt aus der impulsabhängige Dispersionskorrektur und der Impuls-zu-
Energie-Transformation

dσ

dE
=

[
dσ

dp
∆p

]
· dp
dE
· 1

p
· 1

∆p/p
=

[
dσ

dp
∆p

]
· E +mc2

E2 + 2Emc2
· 1

∆p/p
. (6.2)

Die Impulsakzeptanz ∆p/p ist durch das Spektrometer vorgegeben. Die gemessene
Ereignisrate ist proportional zu dσ/dp ·∆p. Die Dispersionskorrektur ist in Abb. 6.7
veranschaulicht. Sie führt zu einer vergrößerten Energie- und Impulsakzeptanz bei
höheren Energien und damit zu einer gesteigerten Zählrate.

Der doppelt-differentielle Wirkungsquerschnitt für den ELC berechnet sich aus
den experimentell gemessenen Ereignissen nun folgendermaßen:

d2σ

dEedΩe

∣∣∣∣
ELC

=
Ne−loss

Ncap

σcap
Nele

Ntrig

1

εe∆Ωe

· E +mc2

E2 + 2Emc2
· 1

∆p/p
(6.3)

und der dreifach-differentielle Wirkungsquerschnitt für den RECC über

d3σ

dEedΩedΩγ

∣∣∣∣
RECC

=
Ne−γ

Ncap

σcap
Nele

Ntrig

1

εe∆Ωe

1

εγ∆Ωγ

· E +mc2

E2 + 2Emc2
· 1

∆p/p
. (6.4)

Die Terme im Einzelnen:
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Abb. 6.6.: TDC-Spektren für Röntgen- und Ionisationsdetektor mit und ohne Ener-
giebedingung, bei Ee = 51.5 keV für 7 h effektive Datenaufnahmezeit.
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Abb. 6.7.: Produkt aus impulsabhängiger Dispersionskorrektur und Impuls-zu-
Energie-Transformation.

• Die Koinzidenzereignisse Ne−γ ergeben sich aus den Ereignissen im Ko-
inzidenzpeak Nprompt der TDC-Spektren, wobei jeweils Untergrundereignisse
Nrandom abgezogen werden. Allgemein berechnet sich die Anzahl der echten
Koinzidenzen für einen Koinzidenzpeak von Kanälen a bis b und einen Unter-
grund in Kanälen c bis d aus

Ne−γ = Nprompt −
b− a
d− c

·Nrandom. (6.5)

Der statistische Fehler dieser Größe σe−γ ist bei einem guten Verhältnis von ko-
inzidenten zu nicht-koinzidenten Ereignissen näherungsweise σe−γ =

√
Ne−γ,

genauer jedoch

σe−γ =

√
Nprompt +

(
b− a
d− c

)2

Nrandom. (6.6)

Abb. 6.6 zeigt Beispiele der TDC-Spektren, welche die Laufzeit zwischen dem
(verzögerten) Signal des Elektronendetektors als TDC-Start und den (verzöger-
ten) Signalen der anderen Detektoren als TDC-Stop wiedergibt. Markiert sind
die Koinzidenzpeaks. Die unterschiedlichen Breiten der Koinzidenzpeaks erge-
ben sich aus den unterschiedlichen Zeitauflösungen der Röntgendetektoren und
teilweise suboptimalen Einstellungen der Constant-Fraction-Discriminator.

• Die Capture-Ereignisse Ncap dienen zur Normalisierung und sind ein Maß
für die integrierte Luminosität, d.h. das zeitlich integrierte Produkt aus Ionen-
strom und Gastargetdichte während der Messung. Für den Capture-Detektor
wird typischerweise eine Effizienz von 100% angenommen, die Detektoreffizi-
enz fließt aber hier nicht in die Berechnung der Wirkungsquerschnitte ein.
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• Der Capture-Wirkungsquerschnitt σcap ergibt sich aus den innerhalb ei-
ner Messzeit t detektierten Capture-Ereignissen Ncap und der integrierten Lu-
minostät Lint mit

σcap =
Ncap

Lint
. (6.7)

Die integriert Luminosität berechnet sich aus

Lint =

∫
Iion(t) · ntarget(t)

Ze
dt. (6.8)

Die Anzahl der das Gastarget passierenden Projektilionen (Ladung Ze), d.h.
deren Strom Iion(t) zur Zeit t wird mit dem Strahltransformator gemessen
(s. Kap. 3.2.2). Die Flächendichte ntarget(t) wird typischerweise in der Einheit
Moleküle/cm2 angegeben (vgl. Anhang A). Da die Signale beider Größen als
Frequenz übermittelt werden, und dann die Pulse erst gezählt werden müssen,
wurden Iion(t), ntarget(t) und das Produkt Iion(t) · ntarget(t) über eine Sekun-
de ”gesamplet”(abgetastet). Die über die Messzeit integrierte Luminosität ist
dann die Summe der über eine Sekunde gemittelten Luminositäten.

Der Capture-Wirkungsquerschnitt ist unabhängig von der Spektrometerein-
stellung. Er wurde daher für jede Messung einzeln bestimmt und dann über
alle Messungen gemittelt. Dadurch werden Unsicherheiten, die sich bei der
Messung des Ionenstroms und der Gastargetdichte ergeben, herausgemittelt.

• Die Totzeitkorrektur Nele/Ntrig ergibt sich aus der Anzahl der innerhalb
einer Messung detektierten Ereignisse Nele geteilt durch die Anzahl der aus-
gelesenen Ereignisse Ntrig. Da die Datenaufnahme maximal mit ca. 5 kHz
Ereignisse auslesen kann, werden aufgrund der Totzeit beispielsweise bei einer
Ereignisrate von typischerweise 250 Hz nur 95% der Ereignisse ausgewertet.
Die Anzahlen Nele und Ntrig werden hingegen mit Scalern gezählt, und unter-
liegen damit keiner Totzeit.

• Die Effizienz εe des Elektronendetektors ist für Elektronen dieser Energie
leider nicht bekannt. Aus Erfahrungen mit der Effizienz bei niedrigeren Elek-
tronenenergien sollte jedoch für das verwendete doppelte MCP bei 50-100 keV
von einer geringen Effizienz ausgegangen werden. Um eine Größenordnung
festzulegen wurde mit εe = 0.1 gerechnet.

• Der Raumwinkel ∆Ωe des Spektrometer wird für eine Winkelakzeptanz von
ϑmax = 2◦ mit ∆Ωe = 2π(1 − cosϑmax) = πϑ2

max = 0.00383 sr angenommen,
basierend auf der in Kap. 4.5 beschriebenen Simulation, insbesondere Abb.
4.8.

• Effizienz εγ und Raumwinkel ∆Ωγ lassen sich aus dem Vergleich röntgenge-
triggerter Spektren mit dem theoretischen L-REC-Wirkungsquerschnitten (s.
Abb. 2.5) recht genau bestimmen. Hinzu kommt eine Effizienzkorrektur, die
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das Verhältnis zwischen der Detektoreffizienz bei der Energie der L-REC-Linie
und der Bremsstrahlungsendpunkt-Linie angibt (vgl. Abb. 5.5). Darüber hin-
aus sind teilweise Korrekturen für die Absorber notwendig (vgl. Tab. 5.2).

• Die Impulsakzeptanz des Spektrometers ∆p/p wird aufgrund der in Abb.
4.8 dargestellten Simulation mit ∆p/p = 0.02 angenommen. Dies entspricht
bei E0 einer Energieakzeptanz von 2 keV. Wie Kap. 6.5 zeigen wird, bestätigt
sich diese Annahme auch in der Steilheit der Niederenergieflanke in den Elek-
tronenspektren zum RECC (vgl. Abb. 6.11).

Neben dem statistischen Fehler nach Gl. 6.6 wurde ein systematischer relati-
ver Fehler von 10% quadratisch addiert. Dieser ergibt sich zum einen aus Unsicher-
heiten in der relativen Effizienz des MCP-Detektors, dessen Einstellungen aufgrund
technischer Defekte zweimal während der Messung geändert werden musste. Zum
anderen ergibt sich ein systematischer relativer Fehler aus Unsicherheiten in der
Reproduzierbarkeit und Skalierung der Spektrometermagnete.

Der systematische absolute Fehler wird durch Unsicherheiten in der absoluten
Effizienz εe des MCP-Detektors, der Raumwinkelakzeptanz ∆Ωe und der Impulsak-
zeptanz ∆p/p des Spektrometers dominiert. Dadurch sind keine aussagekräftigen
absoluten Wirkungsquerschnitte aus den Daten zu bestimmen.

6.4. Energieverteilung der Elektronen für den ELC

Wie im letzten Kapitel beschrieben wurde über Gl. 6.3 aus den gemessenen Daten
der Wirkungsquerschnitt für die Projektilionsation ELC

U88+(1s22s2) + N→ U89+(1s22s) + N + e− (6.9)

berechnet, das Ergebnis zeigt Abb. 6.8. Die Daten wurden im Maximum bei Ee = E0

durch Multiplikation eines konstanten Faktors von 1.15 auf den von Voitkiv und
Najjari berechneten Theoriewert normiert [91]. Die Tatsache, dass der Faktor zwi-
schen Experiment und Theorie etwa 1 ist, sollte nicht als Bestätigung der absoluten
Intensität des theoretischen Wirkungsquerschnittes gesehen werden, da wie in Kap.
6.3 dargestellt die Aussage absoluter Wirkungsquerschnitten aus den Daten nicht
belastbar ist.

In der Theorie wurde die Wahrscheinlichkeit für die Ionisation eines 2s-Elektrons
für dieses Stoßsystem berechnet, dessen Bindungsenergie nach Tab. 2.1 bei 32.8 keV
liegt. Für das Be-ähnliche Projektil wurde diese dann mit 2 multipliziert. Der ver-
wendete theoretische Ansatz zur Berechnung dieses Ion-Atom-Stoßes geht aus von
einem Dreikörper-Problem bestehend aus Projektil- und Target-Kern und dem io-
nisierten Projektilelektron [32, Kap. 5.11][92]. Der abschirmende Effekt der Target-
elektronen kann bei diesen Energien vernachlässigt werden (vgl. Kap. 2.2).

Wie Abb. 6.8 zeigt, ist im Vergleich von Theorie und Experiment eine lineare
Diskrepanz zu erkennen. Experimentell würde sich diese nur erklären lassen, wenn
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Abb. 6.8.: Doppelt differentieller Wirkungsquerschnitt der Projektilionsation:
Die experimentellen Daten wurden im Maximum auf die von Voitkiv und
Najjari brechnete Theorie [91] normiert.

die Effizienz des Spektrometers linear zu höheren Energien zunimmt.3 Dies wäre
z.B. dann der Fall, wenn höherenergetische Elektronen weniger durch Streufelder
entlang der magnetischen Optik beeinflusst werden. Hingegen sollte die Abnahme
der MCP-Effizienz bei höheren Energien einen weitaus größeren Effekt haben. Die
Diskrepanz ist also aus experimenteller Sicht nicht eindeutig zu erklären.

Unter der Annahme, dass die experimentelle Energieverteilung richtig ist, un-
terschätzt die Theorie von Voitkiv und Najjari den Anteil der vorwärtsemittierten
Elektronen für Energien im Projektilsystem von E ′e = 0.5...8 keV. Zum Vergleich
zeigt Abb. 6.9 die entsprechende Elektronenwinkelverteilung im Projektilsystem.

3Höhere Effizienzen führen bei gegebener Ereignisrate zu niedrigeren Wirkungsquerschnitten
und umgekehrt.
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Abb. 6.9.: Elektronenwinkelverteilung des ELC im Projektilsystem für verschiedene
Elektronenenergien im Stoßsystem U88++N2 @ 90 MeV/u [93].

Diese wird bei der Transformation ins Laborsystem nach Gl. 2.59 um 180◦ gedreht.
Nach Abb. 6.9 sind im Projektilsystem Elektronen in Vorwärtsrichtung dominant,
und damit im Laborsystem in Rückwärtsrichtung. Durch die Transformation ergibt
sich jedoch eine erhöhte Raumwinkel- und Energieakzeptanz für Vorwärtsemission
im Laborsystem. In wieweit sich beide Effekte kompensieren, kann an dieser Stelle
nicht beantwortet werden.

Bemerkenswert ist, dass sich der Verlauf der Energieverteilung auch durch eine ein-
fache sinϑ′max-Verteilung beschreiben lässt, mit dem energieabhängigen maximalen
Elektronenwinkel im Projektilsystem von ϑ′max bzw. im Laborsystem von ϑmax = 2◦,
vgl. Gl. 2.59. Nach Voitkiv [32, Kap. 4.1.5] entspricht dies der Raumwinkeltransfor-
mation

d2σ

dEedΩe

=
sinϑ′e
sinϑe

d2σ′

dE ′edΩ′e
(6.10)

Da der Cusp quasi symmetrisch ist, wurde die Verteilung dazu verwendet, die
Energieachse der Elektronenspektren anhand des ELC-Maximums auf die Elektro-
nenenergie E0 zu kalibrieren.
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6.5. Energieverteilung der Elektronen für den RECC

Ähnlich wie Abb. 6.8 zeigt Abb. 6.11 den über Gl. 6.4 berechneten Wirkungsquer-
schnitt für den radiativen Elektroneneinfang ins Kontinuum RECC

U88+ + N→ U88+ + N+ + e− + γ (6.11)

für fünf verschiedene Emissionswinkel des Photons ϑγ. Für jedes Elektronenspek-
trum wurde der Quotient aus theoretischer und experimenteller Verteilung gebildet
und dieser für Ee > E0 mit einer konstanten Funktion gefittet (s. Abb. 6.12). Die-
se Konstante wurde verwendet, um die experimentellen Daten auf die Theorie zu
normieren.

Die Theorie von Surzhykov und Yerokhin [94] verwendet die in Kap. 2.5.3 be-
schriebene Methode der Partialwellenzerlegung, um den Fundamentalprozess der
Bremsstrahlung

U88+ + e−(E0)→ U88+ + e−(E ′e, ϑ
′
e) + γ(E0 − E ′e, ϑ′γ) (6.12)

zu berechnen. Die Resultate sind für die vier relevanten Photonenwinkel ϑγ in Abb.
6.10 gezeigt. Aus der in Abb. 6.2 dargestellten Detektorgeometrie ergibt sich, dass
für den Vergleich mit den experimentellen Daten der Wirkungsquerschnitt über
die Azimutwinkel des Elektrons ϕ′e = ϕe integriert werden muss, dies ist in Abb.
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Abb. 6.10.: Theoretische Elektronenwinkelverteilung am hochenergetischen End-
punkt der Bremsstrahlung für verschiedene Photonenwinkel ϑ′γ [94].
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6.10 bereits eingerechnet. Die Energie des auslaufenden Elektrons E ′e gibt dabei die
Kontinuumsenergie des Elektrons und damit den Abstand zum hochenergetischen
Endpunkt der Bremsstrahlung an. Die Berechnung eines Kontinuumszustands von
E ′e > 1 keV ist über die Partialwellenzerlegung mit extrem hohem numerischem
Aufwand verbunden und war in diesem Rahmen nicht möglich.

Da in diesem Experiment die Bremsstrahlung in inverser Kinematik untersucht
wurde, wurden die Wirkungsquerschnitte von Abb. 6.10 im Bereich E ′e = 0...10 keV
inter- und extrapoliert, und über das in Kap. 2.6.1 beschriebene Verfahren vom
Projektilsystem in das Laborsystem transformiert. Dabei wurde der Wirkungsquer-
schnitt mit der Anzahl der Elektronen des Stickstoff n=7 multipliziert. Diese Nähe-
rung lässt sich durch eine eher schwache Abhängigkeit des Wirkungsquerschnittes
von der Energie des einlaufenden Elektrons von ≈ 50 keV begründen, so dass dessen
Energieverteilung aufgrund des in Abb. 2.2 dargestellten Compton-Profils keinen
Einfluss hat.

Anschaulich wird bei der Transformation für jede Elektronenenergie im Labor-
system Ee < E0 die Elektronenwinkelverteilung im Projektilsystem von ϑ′e = 0◦

bis ϑ′e = ϑ′max(Ee) und für Ee > E0 von ϑ′e = ϑ′max(Ee) bis ϑ′e = 180◦ inte-
griert. Ersteres entspricht der Vorwärtsstreuung im Projektilsystem, letzteres der
Rückwärtsstreuung. Wie Abb. 6.10 zeigt, ist der Wirkungsquerschnitt im gesamten
Bereich ϑ′e = 0...90◦ sehr viel kleiner als für ϑ′e = 90◦...180◦. Dies begründet den
Verlauf der gemessenen Elektronenverteilung, die praktisch ausschließlich Elektro-
nen für Ee > E0 zeigt.

Der Vergleich von experimentellen Daten mit den so berechneten theoretischen
Wirkungsquerschnitten in Abb. 6.11 zeigt also eine gute Übereinstimmung für al-
le fünf Photonenwinkel. Die Photonenwinkelverteilung, die sich aus den Spektren
ergibt, ist im nächsten Kapitel 6.6 beschrieben.

Die Normierung in Abb. 6.11 unterscheidet sich mit einem Faktor 1.8-2.1 nur leicht
von der ELC-Normierung von Abb. 6.8 mit Faktor 1.15. Somit liegt die in Kap. 6.3
abgeschätzte Spektrometereffizienz in der richtigen Größenordnung. Auf welche der
beiden Theorien die Diskrepanz zurückzuführen ist, lässt sich aus den Daten nicht
erkennen. Auch ein Fehler in der Bestimmung der Röntgendetektoreffizienz würde
diese Diskrepanz erklären.

Wie in Kap. 2.6.2 beschrieben, lässt sich die Energieverteilung der Elektronen auch
durch Transformation der in [67] tabellierten doppeltdifferenziellen Wirkungsquer-
schnitte von Kissel et al. abschätzen, ohne dass diese eine explizite Winkelverteilung
der Elektronen beinhalten. Statt der in Abb. 6.10 dargestellten Elektronenwinkel-
verteilung im Projektilsystem wird von einer Verteilung ausgegangen, bei der in
Vorwärtsrichtung null Emission und in Rückwärtsrichtung eine isotrope Emission
angenommen wird (vgl. Gl. 2.70). Dadurch wird eine theoretische Energievertei-
lung der Elektronen modelliert, die sich für verschiedene Photonenwinkel nur in
ihrer Intensität, nicht aber in ihrer Form unterscheidet. Abb. 6.13 zusammen mit
den Normierungen Abb. 6.14 zeigen, dass sich auch auf diese Weise die Spektren
annähernd erklären lassen. An Abb. 6.14 ist aber zu erkennen, dass für ϑγ = ±90◦

im Maximum der Verteilung die Theorie die experimentellen Daten überschätzt und
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Abb. 6.11.: Experimentelle Wirkungsquerschnitte des RECC im Vergleich zur Theo-
rie von Surzhykov und Yerokhin [94].
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Abb. 6.12.: Quotient aus der Theorie von Surzhykov und Yerokhin [94] und den ex-
perimentellen Daten. Für den Vergleich in Abb. 6.11 wurden die expe-
rimentellen Daten jeweils mit den Normierungsfaktoren des konstanten
Fits (grüne Linien) multipliziert.

für Rückwärtswinkel des Photons im Laborsystem unter ϑγ = −145◦ und insbeson-
dere unter ϑγ = +150◦ die Form der Energieverteilung nicht richtig wiedergegeben
wird.

Hier zeigt sich, dass die Form des Elektronencusps für verschiedene Photonenemis-
sionswinkel nicht als gleich angenommen werden darf. Wie in Kap. 2.4 beschrieben,
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Abb. 6.13.: Experimentelle Wirkungsquerschnitte des RECC im Vergleich zur Theo-
rie von Kissel et al. [67], transformiert entsprechend Kap. 2.6.2.
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Abb. 6.14.: Quotient aus der Theorie von Kissel et al. [67] und den experimentellen
Daten. Für den Vergleich in Abb. 6.13 wurden die experimentellen Daten
jeweils mit den Normierungsfaktoren des konstanten Fits (grüne Linien)
multipliziert.

wird im Bremsstrahlungsprozess stets eine Emission von Photon und Elektron in die-
selbe Richtung favorisiert. Daher wird bei einer Vorwärtsemission im Projektilsys-
tem unter ϑ′γ = 23◦ bzw. ϑγ = 19.6◦, die als Emission des Photons im Laborsystem
unter ϑγ = 145◦ bzw. ϑγ = 150◦ erscheint, die Rückwärtstreuung von Elektronen im
Projektilsystem teilweise unterdrückt (vgl. Abb. 6.10).
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Abb. 6.15.: Experimenteller Wirkungsquerschnitt für den RECC mit und ohne
Faltung der experimentellen Auflösung im Vergleich zur Theorie von
Jakubaßa-Amundsen [95].

Wichtig hierbei ist, dass die in [67] tabellierten Wirkungsquerschnitte für atoma-
re Bremsstrahlung angegeben sind, so dass die Wirkungsquerschnitte bei den hier
verwendeten quasi-nackten Projektilen größer ausfallen.4 So liegen im Vergleich von
Abb. 6.11 und Abb. 6.13 die Wirkungsquerschnitte von Kissel unter denen von Surz-
hykov und Yerokhin, und die Normierung ist mit dem Faktor 1.3-1.7 für Kissel etwas
geringer.

Ein weiterer Vergleich lässt sich mit den über Sommerfeld-Maue-Wellenfunktionen
berechneten Wirkungsquerschnitten durchführen. Die entsprechende Theorie wur-
de wie in Kap. 2.5.2 beschrieben von Jakubaßa-Amundsen berechnet [95] und ist
in Abb. 6.15 für den Photonenwinkel ϑγ = +90◦ dargestellt. Die experimentellen
Daten sind hierbei nicht auf die Theorie skaliert. Somit gibt die Theorie die rich-
tige Größenordnung wieder, kann aber nicht die Energieverteilung erklären. In [60]
vergleichen Jakubaßa-Amundsen und Yerokhin ihre theoretischen Ansätze. Demnach
liegen die Wirkungsquerschnitte der Sommerfeld-Maue-Theorie unter denen der voll-
relativistischen Theorie, für dieses System bei ϑγ = 90◦ um etwa einen Faktor 1.46
niedriger [95]. Dies zeigt, dass die Sommerfeld-Maue-Theorie von Näherungen aus-
geht, die für das vorliegende Stoßsystem nicht gültig sind. An der Energieverteilung

4Der in [59] beschriebe signifikante Unterschied zwischen dem reinem Coulomb-Potential
für vollständig ionisierte Ionen und dem abgeschirmten Potential eines Atoms am hochenerge-
tischen Endpunkt der Bremsstrahlung für E′γ = E0 − 5...50 eV hat keinen Einfluss auf die
Rechnung, da wie in Kap. 2.6.2 beschrieben, der Wirkungsquerschnitt von Kissel et al. für
E′γ = 0.95E0 = E0 − 2.5 keV verwendet wurde (s. Kap. 2.5.2).
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zeigt sich auch, dass die Sommerfeld-Maue-Theorie Zustände mit einer niedrigen
Energie des auslaufenden Elektrons, die gerade dem hochenergetischen Endpunkt
der Bremsstrahlung entsprechen, nicht korrekt beschreibt. So ist auch die Diskre-
panz zwischen Theorie und Experiment bei Nofal et al. [55] zu erklären (vgl. Abb.
2.14(b)).

6.6. Winkelverteilung der Photonen für den RECC

Für das untersuchte Stoßsystem wurde von Surzhykov und Yerokhin auch die Win-
kelverteilung des Bremsstrahlungsphotons am hochenergetischen Ende berechnet, in
diesem Fall für E ′e = 1 keV, wobei über die Elektronenwinkelverteilung integriert
wurde [94]. Die Datenpunkte in Abb. 6.16 stellen die Abweichung von der theo-
retischen Winkelverteilung dar, die sich aus den Faktoren von Abb. 6.12 ergeben,
wobei diese wiederum auf ϑγ = 90◦ normiert wurden. Kritisch für die Bestimmung
der Winkelverteilung ist also nicht die Effizienz des Spektrometers, sondern die Ef-
fizienz der Röntgen-Detektoren, die nach dem in Kap. 6.3 beschriebenen Verfahren
bestimmt wurden. Dessen Untersicherheit wurde auf 15% abgeschätzt.

Eine vergleichbare Messung wurde von Weber et al. durchgeführt und ist in des-
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Abb. 6.16.: Winkelverteilung der Bremsstrahlung am hochenergetischen Ende: Die
experimentelle Winkelverteilung (rot), die sich aus den Normierungsfak-
toren von Abb. 6.12 ergibt, wird mit der Theorie (blau) von Surzhykov
und Yerokhin für E ′e = 1 keV [94] verglichen.
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sen Dissertation [31, Kap. 6.2.2] beschrieben. Allerdings werden dort die Winkel-
verteilung des Bremsstrahlungsphotons bestimmt, ohne eine Koinzidenz mit dem
gestreuten Elektron zu verwenden. Die Daten sind von Jakubaßa-Amundsen und
Yerokhin in [60, Abb. 2] veröffentlicht worden und werden ebenfalls erst durch die
vollrelativistische Theorie richtig beschrieben. Hingegen bestanden bei Ludziejewski
et al. in vergleichbaren Messungen noch erhebliche Diskrepanzen zwischen Experi-
ment und Theorie [54]. Somit zeigt Abb. 6.16 die erste Koinzidenzmessung für die
Winkelverteilung der Bremsstrahlung am hochenergetischen Ende, und damit die
erste vollständige Beschreibung dieses Prozesses.

6.7. Energieverteilung der Photonen für den RECC

Als Illustration der Tatsache, dass in diesem Experiment der hochenergetische End-
punkt des Bremsstrahlungsspektrums vermessen wurde, wurde für jeden in Abb.
6.11 dargestellten Datenpunkt der Elektronenverteilung das koinzidente Photonen-
spektrum mit einer Gaußverteilung gefittet, ähnlich Abb. 6.4. Der Schwerpunkt
dieser Verteilung ist in Abb. 6.17 jeweils gegen die Elektronenenergie aufgetragen.
Die theoretische Photonenenergie Eγ ergibt sich aus dem einfachen Zusammenhang

E ′γ = E0 − E ′e, (6.13)
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Abb. 6.17.: Mittlere Energie des koinzidenten Bremsstrahlungsphotons Eγ in
Abhängigkeit der Energie des detektierten Elektrons.
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wobei die Photonenenergie E ′γ und die Elektronenenergie E ′e jeweils über Gl. 2.58
bzw. Gl. 2.55 vom Projektil- ins Laborsystem transformiert werden müssen.

Es zeigt sich eine gute Übereinstimmung der Daten zu dem so berechneten Verlauf.
Wie zu erkennen ist, führt die Zunahme der Elektronenenergie zu einer Abnahme
der Energie der koinzidenten Bremsstrahlungsphotonen und damit zu einer Zunahme
der energetischen Differenz zum hochenergetischen Endpunkt der Bremsstrahlung.

Unsicherheiten ergeben sich neben der Energiekalibration der Röntgendetektoren
durch die teilweise mangelnde Statistik der koinzidenten Photonenspektren zur An-
passung einer Gaußverteilung.

6.8. Energieverteilung der Elektronen für den ECC

Neben dem radiativen Elektroneneinfang ins Projektilkontinuum (RECC) konnte
aus den Daten auch die Energieverteilung für den nichtradiativen Elektroneneinfang
ins Projektilkontinuum ECC

U88+ + N→ U88+ + N+ + e− (6.14)

gewonnen werden. Da dieser Prozess nur ein Signal im Elektronendetektor liefert,
wurde die Verteilung aus dem nicht-koinzidenten untergrundbereinigten (singles-)
Spektrum abzüglich der koinzidenten Prozesse ELC und RECC bestimmt:

d2σ

dEedΩe

∣∣∣∣
ECC

=
d2σ

dEedΩe

∣∣∣∣
singles

− d2σ

dEedΩe

∣∣∣∣
ELC

− δ · d
3σ(ϑγ = 90◦)

dEedΩedΩγ

∣∣∣∣
RECC

(6.15)

Entsprechend Gl. 6.3 und Gl. 6.4 ist dies:

d2σ

dEedΩe

∣∣∣∣
ECC

=
Ne −Nbg −Ne−loss − δ ·Ne−γ

Ncap

σcap
Nele

Ntrig

1

εe∆Ωe

· E +mc2

E2 + 2Emc2
· 1

∆p/p
(6.16)

Hierbei sind Ne die auf dem ortsauflösenden Elektronendetektor rekonstruierten Er-
eignisse, Nbg die Untergrundereignisse (=Untergrundrate·Messzeit), Ne−loss die koin-
zidenten ELC-Ereignisse und Ne−γ die koinzidenten RECC-Ereignisse. Die weiteren
Größen entsprechen denen in Kap. 6.3. Kritisch ist der Faktor δ, der das Verhältnis
zwischen der im Detektorraumwinkel ∆Ωγ gemessenen Ereignisrate und dem über
den gesamten Raumwinkel Ωγ = 4π integrierten doppelt-differentiellen Wirkungs-
querschnitt angibt:

δ =
d2σ

dEedΩe
d3σ(ϑγ=90◦)
dEedΩedΩγ

· εγ∆Ωγ

(6.17)

Wie Abb. 6.18 zeigt, lässt sich δ auch bestimmen, wenn bekannt ist, dass der Wir-
kungsquerschnitt für den ECC im hochenergetischen Bereich gegen null geht (vgl.
Abb. 2.7(b)) [26, Abb. 5]. So wurde hier jeweils für ϑγ = +90◦ und ϑγ = −90◦ das
δ aus Datenpunkten zwischen 65 und 100 keV auf δ+90◦ = 1195 bzw. δ−90◦ = 755
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bestimmt und daraus die Energieverteilung für den ECC errechnet. Abb. 6.18 zeigt,
dass beide Wege zu einem sehr ähnlichen Ergebnis führen. Zur Berechnung der
Fehlerfortpflanzung wurden die Beiträge aus den statistischen Fehlern der einzel-
nen Prozesse und dem relativen systematischen Fehler für die singles-Ereignisse, im
Faktor δ und in der Untergrundrate quadratisch addiert. Dieser Fehler wurde jeweils
grob mit 5% abgeschätzt.

Die theoretische Verteilung wurde von Jabubaßa-Amundsen mittels Sommerfeld-
Maue-Wellenfunktionen berechnet [30]. Die experimentellen Daten sind in Abb. 6.18
auf die Theorie normiert, mit einer Gewichtung der einzelnen Datenpunkte mit de-
ren relativem Fehler. Dies führt im Ergebnis zu einer Normierung im Maximum
der Verteilung. Der Normierungsfaktor liegt bei 1.55, könnte aber je nach Gewich-
tung der Datenpunkte auch geringer sein. Die Gültigkeit der Theorie ist bei dieser
Stoßenergie und Kernladungszahl fraglich. Für den RECC wurde in Vergleichen von
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Abb. 6.18.: Experimenteller Wirkungsquerschnitt für den ECC normiert auf die
Theorie von Jakubaßa-Amundsen [95].
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Sommerfeld-Maue zu vollrelativistischen Rechnungen gezeigt, dass die Sommerfeld-
Maue-Theorie den Wirkungsquerschnitt etwas unterschätzt [60]. Die berechnete Ver-
teilung beinhaltet auch hier eine Reihe von Näherungen. Unter anderem wird statt
einer Integration über die Spektrometerakzeptanz ϑe = 0...2◦ der Wirkungsquer-
schnitt bei ϑe = 1◦ berechnet, um die Divergenz für ϑe = 0◦ zu umgehen. Das
Be-ähnliche U88+-Projektil wird, wie auch beim RECC, als reines Coulomb-Feld
mit der effektiven Ladung Zeff = 88 gerechnet.Trotz der Näherungen lassen sich die
Daten durch die Theorie, insbesondere die Asymmetrie auf der Niederenergieseite,
recht gut beschreiben.

6.9. Zusammensetzung des Elektronencusp

Zur Zusammenfassung des Experimentes U88++N @ 90 MeV/u zeigt Abb. 6.19 alle
analysierten Elektronenspektren, für die Singles, den ELC, den ECC und den RECC.
Dabei wurde nicht die Normierung auf die theoretischen Wirkungsquerschnitte ver-
wendet. Für den RECC ist hier das Spektrum von ϑγ = +90◦ auf den gesamten
Raumwinkel Ωγ = 4π extrapoliert, das heißt nach Gl. 6.17 mit dem Faktor δ multi-
pliziert:

d2σ

dEedΩe

∣∣∣∣
RECC

= δ+90◦·εγ∆Ωγ·
d2σ(ϑγ = +90◦)

dEedΩedΩγ

∣∣∣∣
RECC

≈ 75.9· d
2σ(ϑγ = +90◦)

dEedΩedΩγ

∣∣∣∣
RECC

.

Hierbei ist δ+90◦ wie in Kap. 6.8. Für εγ∆Ωγ ist der über die L-REC-Normierung
berechnete Wert verwendet, wie in Kap. 6.3 beschrieben.

Im Vergleich der Verteilungen des RECC und des ECC bestätigt sich die in
Kap. 2.1.2 dargestellte entgegengesetzte Asymmetrie der beiden Prozesse, bei der
im Projektilsystem für den RECC die Rückwärtsstreuung und für den ECC die
Vorwärtsstreuung dominiert. Die Daten zeigen, dass das Experiment bei genau der
Projektilenergie durchgeführt wurde, bei der für das Stoßsystem U88++N die dop-
peltdifferentiellen Wirkungsquerschnitte der drei Prozesse fast gleich sind. Das (un-
tergrundbereinigte) Singles-Spektrum setzt sich somit für Ee < E0 jeweils etwa zur
Hälfte aus ELC und ECC, und für Ee > E0 etwa zur Hälfte aus ELC und RECC zu-
sammen. So ist das Singles-Spektrum erst aufgrund des etwa gleichen Verhältnisses
von ECC und RECC symmetrisch.

Von Jakubaßa-Amundsen wurden unter anderem umfangreiche Rechnungen durch-
geführt, um für verschiedene Stoßsysteme die Projektilgeschwindigkeit vcr zu berech-
nen, bei der sich die Wirkungsquerschnitte der beiden Prozesse RECC und ECC mit
ihrer verschiedenen Energieabhängigkeit kreuzen (crossing velocity) [30, 26]. Unter-
halb vcr ist der ECC dominant und damit hat der nicht koinzidente Elektronencusp
eine flache Niederenergieflanke und eine steile Hochenergieflanke. Oberhalb von vcr
ist der RECC dominant und der nicht koinzidente Elektronencusp besitzt die entge-
gengesetzte Asymmetrie. Nach [30] skaliert der Wirkungsquerschnitt des RECC etwa
mit Z2.3

p und der des ECC etwa mit Z2.4−2.6
p . Damit ist der Verhältnis von RECC zu

ECC nur schwach von der Projektilladung abhängig, und vcr im Wesentlichen eine
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Abb. 6.19.: Zusammenfassung aller Prozesse, die zur Beobachtung eines Cusp-
Elektrons im Stoßsystem U88++N @ 90 MeV/u beitragen.

Funktion der Target-Kernladungszahl. In [26, Kap. 2.4] ist für Stöße U88++N eine
Projektilgeschwindigkeit von vcr = 72.64 a.u. angegeben, was einer Projektilener-
gie von Ep = 167 MeV/u entspricht. Wie Abb. 2.7(a) darstellt, müsste demnach
bei 90 MeV/u (mit Rechtecken markiert) der ECC noch etwa eine Größenordnung
über dem RECC liegen. Jedoch wurde für diesen Plot das Verhältnis von RECC
zu ECC aus den experimentellen Daten von Nofal [8] bestimmt. Einen Plot mit
ähnlicher Aussage, in den keine experimentellen Daten einflossen, zeigt [30, Abb. 6].
Im Vergleich zu den experimentellen Daten dieser Arbeit in Abb. 6.19 ergibt sich
also eine Diskrepanz. So könnte es sein, dass die Abweichungen, die sich durch Ver-
wendung von Sommerfeld-Maue-Wellenfunktionen ergeben, unterschiedlich stark in
der Berechnung der beiden Prozesse ausfallen.





7. Stoßsysteme U28++H2, N2, Xe

Neben der Strahlzeit mit U88+ wurden in einer weiteren Strahlzeit Elektronen-
spektren für die Ionisation von U28+ in Stößen mit verschiedenen Gasen gemes-
sen. Das Vielelektronensystem U28+ besitzt im Grundzustand die Konfiguration
[Kr]4d104f 145s25p2. Das Interesse an diesem System wird zur Zeit dadurch motiviert,
dass an der zukünftigen Beschleunigeranlage FAIR U28+-Ionen in den Synchrotrons
SIS18 und SIS100 auf Energien von mehreren GeV/u beschleunigt werden. Der nied-
rige Ladungszustand verringert Raumladungseffekte und ermöglicht dadurch höhere
Strahlintensitäten, als es zur Zeit für die Beschleunigung von U73+ in SIS18 der Fall
ist.

Um die Strahllebensdauern der U28+-Ionen abzuschätzen, werden Umladungswir-
kungsquerschnitte benötigt, die in Simulationen verwendet werden, um die Effek-
te des dynamischen Vakuums im Beschleuniger abzuschätzen [96]. Dafür wurden
Experimente zur Ionisationswahrscheinlichkeit in Stößen mit verschiedenen Gasen
durchgeführt, unter anderem von Weber et al. [97]. Die Skalierung totaler Umla-
dungsquerschnitte mit der Projektilladung, der Targetordnungszahl und der Kol-
lisionsenergie für U28+ und ähnliche Vielelektronensysteme wurde von DuBois et
al. untersucht [98]. Parallel dazu wurden umfangreiche theoretische Rechnungen zu
Ionisations- und Einfangquerschnitten von Shevelko et al. [99, 100] und von Baur
et al. [101] durchgeführt. Diese verwenden in Störungstheorie erster Ordnung die
Born’sche Näherung (plane-wave Born approximation, PWBA) zur Berechnung von
nicht-relativistischen und relativistischen totalen Ionisationswirkungsquerschnitten.
Ein Vergleich zu der von Voitkiv und Najjari verwendeten vollrelativistischen Theo-
rie (symmetric eikonal model [102]) zeigt für hochgeladene Einelektronensysteme die
Unzulänglichkeiten der ersten Born’schen Näherung [99, Fig. 6][103]. Eine Anwen-
dung dieser Theorie auf das Vielelektronensystem U28+ wurde bisher nicht durch-
geführt und soll durch diese Messungen motiviert werden.

Nach den Rechnungen in Born’scher Näherung von Song et al. [104, Abb. 4]
ist beispielsweise bekannt, dass für Stöße von U28+ →Ar bei Energien von meh-
reren MeV/u neben Einfachionisation n = 1 die Mehrfachionisation n ≥ 2 einen
deutlichen Beitrag zur gesamten Umladungswahrscheinlichkeit liefern kann. (Die
Zahl n steht hierbei für die Anzahl der ionisierten Elektronen.) Hingegen sind nach
[100, Abb. 5] für U28+ die Wirkungsquerschnitte für den Elektroneneinfang ab et-
wa 10 MeV/u gegenüber dem Ionisationskanal vernachlässigbar. Nach [99] findet
ab etwa 10 MeV/u die Ionisation dominant aus der 4f 14-Schale statt, gefolgt von
der 4d10-Schale und der 4p6-Schale (s. Abb. 7.4). Es ist davon auszugehen, dass
differentielle Wirkungsquerschnitte deutlich unterschiedliche Energie- und Winkel-
verteilungen für die emittierten Elektronen aus den verschiedenen Schalen aufweisen.
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Auch indirekte Ionisationsprozesse mit Anregung oder Innerschalenionisation und
anschließender Autoionsation treten vermutlich auf [105].

Mit dem Elektronenspektrometer ergab sich nun die Möglichkeit, die Elektro-
nenenergieverteilung in Stößen von U28+ mit verschiedenen Gasen zu vermessen.
Folgende Systeme wurden untersucht:

U28+ + H2 → U(28+n)+ + H2 + n · e− @ 30 MeV/u (7.1)

U28+ + N2 → U(28+n)+ + N2 + n · e− @ 30 MeV/u (7.2)

U28+ + Xe→ U(28+n)+ + Xe + n · e− @ 50 MeV/u (7.3)

Wie auch bei U88+ sind im Folgenden alle Wirkungsquerschnitte für atomare, nicht
molekulare Stöße angegeben. Die Projektilenergie ist am ESR durch die hohe ma-
gnetische Steifigkeit der niedriggeladenen U28+-Ionen beschränkt, und auch eine Ko-
inzidenz mit umgeladenen Projektilen war dadurch nicht möglich. So werden im
Folgenden nur nicht-koinzidente Spektren gezeigt. Diese wurden berechnet aus der
Anzahl der Ereignisse auf dem Elektronendetektor Ne, normiert auf die integrierte
Luminosität Lint:

d2σ

dEedΩe

=
Nele −Nbg

Lint

1

εe∆Ωe

· E +mc2

E2 + 2Emc2
· 1

∆p/p
(7.4)

Abb. 7.1.: Energieverteilung der Elektronen im System
U28++H2 →U(28+n)++H2 + n · e− @ 30 MeV/u.
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Abb. 7.2.: Energieverteilung der Elektronen im System
U28++N2 →U(28+n)++N2 + n · e− @ 30 MeV/u.

Abb. 7.3.: Energieverteilung der Elektronen im System
U28++Xe→U(28+n)++Xe+n · e− @ 50 MeV/u.
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Abb. 7.4.: Beiträge der verschiedenen Unterschalen zum Ionisationswirkungsquer-
schnitt von U28+ in Stößen mit Ar [99].

Die Untergrundereignisse Nbg je Datenpunkt ergeben sich aus der Untergrundrate
und der Messzeit. Für die Effizienz εe∆Ωe des Spektrometers und die Impulsak-
zeptanz ∆p/p sind dieselben in Kap. 6.3 beschriebenen Größen angenommen, die
auch für U88+ verwendet wurden, auch wenn beispielsweise die Effizienz des MCP
bei den geringeren Elektronenenergien höher sein sollte. Die Unsicherheiten führen
dazu, dass die Spektren zwar absolute Wirkungsquerschnitte zeigen, diese aber bes-
tenfalls die richtige Größenordnung angeben. Da es sich nicht um eine Koinzidenz-
messung handelt, ergibt sich der relative systematische Fehler aus Unsicherheiten
in der Reproduzierbarkeit von Ionenstrom und Targetdichte und einer möglichen
Energieabhängigkeit der MCP-Effizienz. In den Spektren ist ein relativer Fehler ein-
gezeichnet, der sich aus der quadratischen Addition von statistischem Fehler, die
Unsicherheit beim Abzug des Untergrundes und einem systematischen Fehler von
20% zusammensetzt. Der statistische Fehler ist gering, da selbst bei Messzeiten der
einzelnen Datenpunkte von wenigen Minuten durch eine Zählrate im Maximum von
950 Hz, 1250 Hz und 8300 Hz für H2, N2 und Xe und einem Untergrund von 14.5 Hz
genügend Ereignisse gesammelt werden konnten.

Abb. 7.1, 7.2 und 7.3 zeigen die gemessenen Spektren in logarithmischer Darstel-
lung, jeweils mit der linken und rechten Halbwertsbreite HWHM. Zu erkennen ist,
dass sich insbesondere das Verhältnis dieser beiden Größen zwischen den Spektren
deutlich unterscheidet. Eine derart variierende Asymmetrie lässt sich nicht durch die
Theorien erster Ordnung beschreiben. Je nach Stoßsystem tragen hier die verschie-
denen aufgefüllten Unterschalen des U28+ unterschiedlich zur Energie- und Winkel-
verteilung der emittierten Elektronen bei. Ein entsprechendes theoretisches Modell
steht bisher nicht zur Verfügung.



8. Zusammenfassung und Ausblick

Im Rahmen dieser Arbeit wurde eine konsistente Beschreibung von experimen-
tellen und theoretischen Daten für den Fundamentalprozess der Elektron-Kern-
Bremsstrahlung am hochenergetischen Endpunkt dargestellt. Es konnte gezeigt wer-
den, dass sich in inverser Kinematik Koinzidenzmessungen zwischen dem gestreu-
ten Elektron und dem emittierten Photon durchführen lassen, auch wenn das ein-
laufende Elektron seine gesamte kinetische Energie an das Photon überträgt. Der
übereinstimmende Vergleich zur Theorie gelang nur durch die Verwendung der voll-
relativistischen Partialwellenzerlegung und einer Transformation der für das Projek-
tilsystem berechneten Wirkungsquerschnitte ins Laborsystem. Es zeigte sich, dass
der Verlauf der Elektronenenergieverteilung im Laborsystem von dieser Transforma-
tion dominiert wird und nur eine schwache Abhängigkeit von der Winkelverteilung
der Elektronen im Projektilsystem besitzt. Die Form der Elektronenenergievertei-
lung weißt auch nur eine schwache Abhängigkeit vom Emissionswinkel des Photons
auf, lediglich die Intensität variiert mit der Winkelverteilung des Photons.

In der Messung der Elektronenenergieverteilung für den ELC zeigt sich im Ver-
gleich zur Theorie eine etwa linear mit der Energie zunehmende Diskrepanz. Die
Tatsache, dass diese Diskrepanz nicht in der Spektren des RECC und des ECC zu
beobachten ist, deutet auf Ungenauigkeiten in den theoretischen Rechnungen hin.
Hier sind weitere Untersuchungen nötig. Die experimentellen Ergebnisse für den
ECC lassen sich innerhalb der experimentellen Unsicherheiten gut beschreiben.

Auf das vorgestellte Experiment zur Bremsstrahlung aufbauend wäre ein nächster
logischer Schritt die Messung der Polarisation der emittierten Bremsstrahlungspho-
tonen in Koinzidenz mit dem gestreuten Elektron. Hierbei ergeben sich aber eini-
ge Herausforderungen. Zur Messung der Polarisation von Röntgenstrahlung stehen
mittlerweile Compton-Polarimeter zur Verfügung, die jedoch ihre optimale Effizienz
bei einer Röntgenenergie um Eγ ≈ 100 keV besitzen [106, 107]. Dies würde, ver-
glichen mit dem jetzigen Experiment, eine Messung bei doppelter Projektilenergie
voraussetzen, was nach der groben Skalierung von Gl. 2.52 eine Halbierung der Wir-
kungsquerschnitte bedeutet. Wie aus der dargestellten Analyse hervorgeht, werden
im Maximum der Elektronenverteilung Bremsstrahlungsphotonen aus einem großen
Streuwinkelbereich im Projektilsystem ϑ′e = ϑ′max...180◦ und ϕ′e = 0...360◦ vom
Spektrometer erfasst. Da die Polarisation des emittierten Photons stark abhängig
ist von diesen Parametern [62, Kap. 6.2], insbesondere dem relativen Azimutwinkel
ϕ′e = ϕe zwischen dem gestreuten Elektron und dem emittierten Photon (ϕγ = 0◦),
wäre eine aussagekräftige Messung schwierig. Benötigt würde hierfür die teleskopi-
sche Eigenschaft des Spektrometers, die den azimutalen Streuwinkel exakt auf den
ortsempfindlichen Detektor abbildet. Außerdem wäre eine Messung außerhalb des
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Maximums der Elektronenenergieverteilung sinnvoll, da dort das Spektrometer einen
kleineren Bereich des Winkels ϑ′e = ϑ′max...180◦ erfasst.

Neben der Bremsstrahlung wurden in Kap. 2.3 eine Reihe von Prozessen vorge-
stellt, die sich mittels Elektronen- und auch Positronenspektroskopie untersuchen
lassen. Neue experimentelle Möglichkeiten werden sich demnächst durch die geplan-
ten Speicheringe an der Beschleunigeranlage FAIR bieten. So wird der für den ESR
gegebene Energiebereich von etwa 10-400 MeV/u (für U92+) durch den CRYRING im
Bereich 0.3-14 MeV/u und den HESR im Bereich 200-5000 MeV/u ergänzt werden.
An CRYRING wird es somit erstmals möglich sein, Experimente mit hochgelade-
nen Ionen bei extrem niedrigen Energien, und damit hohen Einfangquerschnitten,
durchzuführen. Die entsprechenden Energien der Cusp-Elektronen von 0.2-7.6 keV
sind eher zur Untersuchung mit einem elektrostatische Spektrometer oder einem
Reaktionsmikroskop geeignet [34]. Am HESR hingegen können Projektilenergien er-
reicht werden, bei denen es in Stößen mit einem Target zur dynamischen Bildung
von Elektron-Positron-Paaren kommt, entsprechende Koinzidenzmessungen sind nur
mit einem magnetischen Elektronen-Positronenspektrometer möglich [43]. Details
zur Elektronenspektroskopie an CRYRING sind in Referenz [108] beschrieben, Ex-
perimente am HESR beschreibt Referenz [109].



A. Berechnung der
Gastargetflächendichte

Für das Gastarget lässt sich aus den Werten, die in der Datenaufnahme für die
vier Vakuummessröhren im Sumpf S1-S4 mitgeschrieben werden, die absolute Tar-
getfächendichte n∆x in der Einheit Teilchen/cm2 berechnen, wobei mit Teilchen je
nach Target Atome oder Moleküle gemeint sind. Die entsprechenden Formeln wer-
den hier kurz zusammengestellt, eine ausführliche Beschreibung der Größen findet
sich z.B. in der Diplomarbeit von Kühnel [75].

Auslese der Vakuummessröhren ([75, S. 45])

• Stromfrequenzwandler: Spannung U aus Frequenz f

U = [log(f)− 2] · 3 · 10 V

12
= [log(f)− 2] · 5

2
V (A.1)

• Vakuummessröhre a (Ionivac ITR 90): Druck pE1, pE2, , pE3, pS1, pS2

pa = 10(U [V]−7.75)/0.75 mbar (A.2)

= 10−17 · f 10/3 mbar (A.3)

• Vakuummessröhre b: Druck pE4, pS3, pS4

pb = 10U [ V]−12 mbar (A.4)

= 10−17 · f 5/2 mbar (A.5)

Teilchendichte

• Targetflächendichte n∆x aus Druck pSumpf = pS4 + pS3 + pS2 + pS1:

n∆x = C
pSumpf
v

(A.6)

• Proportionalitätsfaktor C aus Saugleistung SSumpf und Düsentemperatur T :

C =
4SSumpf
πkT∆x

(A.7)
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• Geschwindigkeit v aus Düseneichung xi

v =

√
2xi
xi − 1

· kT
m

(A.8)

• Kompaktformel mit Messröhreneffizienz εSumpf

n∆x =
C

v
pSumpf =

SSumpfεSumpf
π∆x

·

√
xi − 1

xi
· 8m

(kT )3
· pSumpf (A.9)

• Einheiten

n∆x

[
1

cm2

]
=
C

v
· 1

100
· pSumpf [mbar] (A.10)

• Parametersätze (∆x = 5mm, Düsentemperatur T muss abgelesen werden!)

SSumpf εSumpf C m m xi T v C/v/100
[l/s] [u] [kg] [K] [m/s] [1017]

Helium 1320 5.90 4.793E+21 4.00 6.65E-27 1.66 300 1770.12 27.062
Wasserstoff 1050 2.40 1.551E+21 1.00 3.33E-27 1.41 300 2925.23 5.299
Stickstoff 1100 1.00 6.769E+20 14.01 4.65E-26 1.40 300 789.30 8.572

Argon 1000 0.78 4.800E+20 39.95 6.63E-26 1.67 300 557.78 8.601
Krypton 880 0.50 2.708E+20 83.80 1.39E-25 1.68 300 383.42 7.059
Xenon 880 0.35 1.895E+20 131.29 2.18E-25 1.66 300 309.07 6.130

• Formel zur Implementierung in Datenanalyseprogramme

n∆x

[
1

cm2

]
=





27.062

5.299

8.572

8.601

7.059

6.130

...

×

{
f

10/3
S1 + f

10/3
S2 + f

10/3
S3 + f

10/3
S4 [Hz]

f
5/2
S1 + f

5/2
S2 + f

5/2
S3 + f

5/2
S4 [Hz]

(A.11)

• Evtl. Abzug Untergrund (< 1%)
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[109] S. Hagmann, T. Stöhlker, Y. A. Litvinov, C. Kozhuharov, P.-M. Hillenbrand,
U. Spillmann, V. M. Shabaev, K. Stiebing, M. Lestinsky, A. Surzhykov, A. Voit-
kiv, B. Franzke, D. Fischer, D. Schneider, D. Jakubassa-Amundsen, A. Artiomov,
E. De Filippo, X. Ma, H. Rothard. Few Body Quantum Dynamics of High-Z Ions
Studied at the Future Relativistic HESR Storage Ring. In Physica Scripta (submit-
ted). 2013.

http://dx.doi.org/10.1103/PhysRevA.76.022709
http://dx.doi.org/10.1103/PhysRevA.76.022709
http://dx.doi.org/10.1016/j.nimb.2009.04.004
http://dx.doi.org/10.1016/j.nimb.2009.04.004
http://www.sciencedirect.com/science/article/pii/S1049250X07550068
http://dx.doi.org/doi:10.1063/1.2963046
http://dx.doi.org/doi:10.1063/1.2963046
http://dx.doi.org/10.1088/1748-0221/5/07/C07010


Danksagung
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