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I _INTRODUCTION

L*étude des spectres de photoabsorption 2t de photeoionisa—
tion est une source riche d’informations sur les interactions
intra-moléculaires. Dans un premier temps., les travaux se sont
limités & 1%étude de la spectroscopie des états liés de Rydberg
ou de valence ol ces interactions sont & 1l7origine des perturba-
tions observées dans les spectres de photoabsorption. Fuis sont
venus les spectres de photoionisation ol la detection de 1%élec-
tron ejecté nous fournit des indications sur deux aspects fonda—
mentaux de la dynamique moléculaire: l1’anisotropie du champ molé—
culaire et les différentes interactions rovibronigques que 17élec~
tron subit de la part de 17ion résiduesl lors de son gjection .
Dans les deux cas les études se sont trés vite attachées & décri-~
re les processus dynamigues résonnants tels gque 1 autoionisation
et la prédissociation. L7une des raisons de cet intérgt est gque
les résonances induisent de trés fortes variations avec 17 énergie
dans la section sfficace totale, les sections efficaces partiel-
les et 1a distribution anqulaire des photoélectrons. Une réison
encore plus importante est gqu’une résonance correspond & un état
intermédiaire (ion + édlectron) gquasi-stationnaire, dans leguel
l"électron est piégeé. Il en résulte gue 17électron peut interagir
plus‘ longuement et échanger de 17énergie avec les noyaux avant
d*8tre éjecté. De ce point de vue, les résonances amplifient la
dynamique des interactions électron-coeur gui se manifestent ain-

si  beaucoup plus clairement gue dans les processus non  réson—



nants , ou les interactions, en particulier entre cantinua, sont
en genéral plus difficiles & analyser.

Du point de vue de la description théorigue de ces processus
dynamiques, une grande étape a été franchie lorsqu’il a été com-
pris que les pertubations observées entre les états de Rydberg ou
entre les éftats de Rydberg et de valence étaient en quel gue sorte
les signes précurseurs des processus d’autoionisation ou de pré-—
dissociation . Fano a été le premier A introduire cette idée dans
son travail sur 17autoionisation rotationnelle dans HE’ étendant
ainsi au cas moléculaire la théorie du défaut guantigue a plu-
sieurs voies (Multichannel GQuantum Defect Theory, M@DT), origi-
nellement développée par Seaton dans le cadre de 1a physigus
atomique. L’originalité de sa démarche a été d introduire deux
concepts nouveaux, a savoir les voies propres de 17interaction
électron-ion et la nécessité diune transformation de repére entre
les voies propres a courte distance électronique r et lgs voies
de fragmentation a longue distance r. La necessité de cette dis—
tinction entre les descriptions de la physigue & courte et longue
distance repose sur des constatations dailleurs bien connues,
par exemple qu’il est impossible d7étudier un état de Rydberg
treés excité dans le cadre de 1 approdimation de Born-Oppenheimer,
gui est au contraire tout & fait raisonnable pour traiter le cas
d’un état de valence. Fano n’a pas a proprement parler invents
une nouvelle théorie, mais il a eu le mérite de comprendre le
lien gqui existe entre certains concepts développés en physi-
que moleculaire =t en physigue des collisions, profitant ainsi de

toutes les conmaissances accumulées dans ces différents domaines.




Depuis, nombreuses ont ¢té les extensions basées sur les
concepts introduits dans ce travail original de Famo ( voir arti-
cle de revue de Greene et Jungen). Cette theése présente guelgues
exemples d”application et de développement de ces concepts. Je me
suis essentiellement intéressé A 17 étude de la spectroscopie et
de la dynamique des états de Rydberg des molécules diatomigues.
Trois régions spectrales peuvent 8tre= considarées pour 1°étude de
ces états comme cela est schématisé sur la fig.l. La région I est
située au dessous de toutes les limites d’ionisation ou de disso-
ciation de la molécule considérée. C’est le domaine de la spec—
troscopie moléculaire donnant lieu aux analyses des perturbations
dues aux interactions entre états de Rydberg ou entre états de
Rydberg et de valence. La région II est généralement limitée in-
tférieurement par le premier seuil de dissociation et supérieure
ment par le premier seuil d’ionisation. Les interactions entre
gtats de Rydberg et de valence se traduisent alors par la prédig-—
sociation électronigque des états de Rydberg par le continuum de
dissociation de 1’état de valence. Ce processus dynamigue est a
l"origine de l174largissement des raies correspondant aux états de
Rydberg dans les spectres de photoabsorption . La région III com-—
mence au-dessus de la premiére limite d’ionisation. Les interac—
tions entre états de Rydberg et continuwa d’ionisation sont alors
a l'origine de 1 autoionisation ( ou préionisation ) des états de
Rydberg. Ce processus dynamigue donne également lisu & un élar-
gissement des raies dans le spectre de photoabsorption et & des
résonances dans le spectre de photoionisation . Dans cette région

spectrale le processus d’autoionisation peut 8tre en compétition



avec le protessus de prédissociation . Enfin une derniére région
spectrale peut &tre considérée , situde au-dessus de toutes les
limites d’ionisation et de dissociation importantes pour le pro-
bleme +traité: il n’y a plus d’états discrets, c’est le domaine
des interactions entre états du continuum qui peuvent induire des
effets dynamiqﬁes observés expérimental ement.

Tout les processus mentionnés ci-dessus ont été étudiss dans
le cadre unifié de la MEDT. Ceci est possible car cette méthode,
basée sur la théorie des collisions, ne traite plus individuelle-
ment chaque état rovibronigue de Rydberg ou de valence. Elle sub-
stitue & la notion d?état la notion de voie. Ainsi 1’ensemble des
états de Rydberg associés 4 une limite d’ionisation donnée ( dé-
finie par 17état rovibronique de 1%ion résiduel) et le continuum
dionisation associé & cette méme limite définissent une voie
d”ionisation . De m@me une voie de dissociation est constitude
par l ensemble des niveaux vibrationnels de 17 é&tat moléculaire
considéré auxquels est adjoint le continuum de dissociation. Cha-
que veoie comporte une partie dite "fermée” (les dtats discrets)
2t une partie dite "ouverte" (les états du continuum). Les fonc—
tions d onde assocides & la partie fermée et & la partie ouverte
d’une mEme voie ne sont pas trés différentes &4 courte distance,
elles se distinguent swtout par lew comportement & longue dis-
tance . Dans un premier temps la MEDT traite donc sur  un piad
d*égalité les états discrets et les états du continuum puisgue
les interactions entre les différentes voies sont des interac-
tions & courte distance. En ef%eg prenons 1l exemple dun état de

Rydberg dont le coeur est dans un niveau rovibronigue excité. La




description usuelle d’un tel état est celle d’un électron de hyd~
berg gravitant loiq d un coew résiduel. Cet électron a nédan—
moins une probabilité de présence non nulle dans le coeur. Accé—
léré par le champ coulombien, l1’électron devient suffisamment ra-
pide pour échanger de l1’énergie avec les noyaux et interagir in-—
dividuellement avec les électrons du cosur ionigque (interactions
biélectronigues en 1/r12). On peut donc parler d’une "collision®
électron-coeur. Au cours de cette collision le cosur peut se re—
laxer (électroniguement, vibrationnellement ou rotationnellement)
et 17énergie en exceés est transférée a 1°dlectron. L exces d’é~—
nergie peut Btre suffisant pour gque 1’électron soit djiectd a
17infini, c’est le processus d”autoionisation (électronique, vi-
brationnelle ou rotationnelle). Si l17énergie en exces n’est pas
suffisante, 1%électron se trouve alors dans un autre niveau de
Rydberg correspondant & un état rovibronique de 17ion résiduel de
plus basse énergie mais avec un nombre quantigque principal n plus
eleve. Par conséquent on peut aussi tenir compte des interactions
entre les états de Rydberg discrets. Inversement, le systéme
{ion+e2) peut se relaxer électroniguement et ainsi se retrouver
dans un état de valence de plus faible énergie, 1’énergie libérée
pouvant alors Stre transféréde au mouvement nucléaire. LYexces
d’énergie peut &tre suffisant pour casser la molécule, c'est le
processus de prédissociation. Si tel n'est pas le cas, le résul-
tat de la collision est la transformation d’un état de Rydberg en
un état de valence vibrationnellement plus excité. C'est bien
l17effet induit par les interactions Rydberg-valence.

Comme toute théorie de collision, quand les voies dionisa-—



tion (respectivement de dissociation) sont ouvertes, la M@DT dé-
crit la collision électron—ion (respectivement atome—atome) &
17aide d un déphasage dans la fonction d’onde de 17 électron éjec—
té (respectivement de la fonction d’onde nucléaire). Ouand les
voies d’ionisation sont fermées 1°dguivalent du déphasage n’est
autre gque le défaut gquantigue de 1 électron de Rydberg qui lui
aussi résume les effets de toutes les interactions électron-cosur
& courte portée autres gque l17interaction Coulombienne, seule &
subsister a longue distance. Pour les voies de dissociation
fermées, le potentiel qui régit le mouvement des noyaux est en
géneéral non—analytigue & courte ou longue portée. On tient compte
directement de tous les effets de ce potentiel dans la base choi-
sie pouwr décrire la fonction d° onde nucléaire, ce gqui correspond,
dans 1’approche MEDT, & un défaut guantique nul. Enfin, bien que
les processus d’autoionisation et de prédissociation puissent
gtre interprétés en terme d’une collision électron—-ion, 1ils sont
considéreés d'un point de vue expérimental comme des demi-
collisions . En effet lors des expériences de photoionisation,
17état collisionnel intermédiaire (électron + ion) est préparé
directement par absorption d“un photon =2t non par diffusion d°un
électron sur un ion. Cette absorption est définie par les moments
de transition dipolaire électrigue.

A l17aide de ce jeu réduit de paramétres, les défauts quan—
tiques , les interactions électroniques inter-voies et les mo-
ments de transition, la MRIDT permet de déterminer les sections
efficaces totales de photoabsorption ou de photoionisation. Elle

permet aussi de déduire les sections efficaces partielles, c’est




& dire la fraction de la section efficace totale dans chacune des
voies de sortie, gqui correspondent aux différents modes de frag-
mentation de la molécule excitée. De plus, couplée & la théorie
des moments transférés de Fano et Dill, elle permst de déterminer
les sections efficaces différentielles, indiquant avec quelle
distribution angulaire 1°électron est éjecté. Ces dernidres tra-
duisent en guelque sorte l"anisotropie du champ moléculaire. FPar
exemple, si 17on ionise la molécule avec un photon polarizé 1i-
neéairement , classiquement on s’attendrait & ce gue 1l electron
soit éjecté préférentiellement dans la direction de polarisation
initiale. Mais 1’anisotropie du champ moléculaire crée un gra-
dient qui exerce un couple sur 1°électron éjecté et le +ait dé-
vier de la direction de polarisation initiale. Plus 1"anisotropie
du champ est forte, plus cette déviation est importante et dans
certains cas il arrive méme que 1’électron puisse 8tre éjectsd
dans 1le plan perpendiculaire a la direction de polarisation. La
théorie des moments transférés de Fano et Dill transcrit la gé-—
viation de 1”électron par le champ moléculaire en terme de trans-—
fert de moments angulaires entre les noyaux et l°électron éjects.
Les sections efficaces différentielles peuvent se révéler encore
plus sensibles aux processus dynamigues que les sectiong effica—
ces intégrées car elles résultent diinterférences entre les dif—
férentes composantes de la fonction d°onde finale, c= qui n’est

pas le cas pour les sections efficaces intégrées.



11 _APPLICATIONS

J7ai étudié & l’aide de la MEDT les différents processus dé-—

crits ci-dessus, a travers plusieurs molécules diatomigues Hos No

-

et NO. Pour cela il faut déterminer les paramétres MEDT. Deux mé-
thodes s’offrent 4 nous: soit ajuster ces paramétres sur 17 expé-
rience , soit les calculer ab-initio. Le choix entre ces deux ap—
proches nous est dicté par le degré de connaissance de la molécu-—
1l étudide. En effet si la région I des dtats discrets a été bien
étudiée dans des travaux spectroscopiques antérieurs, les paramé-—
tres MEDT peuvent Ftre ajustés sur ces données expérimentales et
la MEDT tire alors profit de cette bonne comnaissance de la ré—
gion I pour décrire les processus dynamigques gqui se produisent
dans les régions II, III ou IV. C’est cette approche gui a &té
utilisée pour 17étude de 1’autpionisation vibrationnelle et rota-—
tionnelle dans Hz, ainsi gue pour 17étude des interactions entre
gtats de Rydberg et de valence et de la compétition entre 1°au~
toionisation vibrationnelle et la prédissociation électronigue
des états de Rydberg 2n de NO. Inversement gquand la région I du
spectre discret n’est pas trés bien connue spectroscopi quement,
les technigues de calcul- ab—initio permettent d'obtenir les para-
metres MODT pour la région IV. Ces parameétres peuvent alors aider
a une meillewrecompréhension des régions II, III ot m8me de la
spectroscopie des états discrets de la région I. C’est de cette
fagon que nous  avons procédé pour lYdtude de 17autoionisation
électronigue dans loes séries d Hopfield de Nz, 2t pour 1°étude de

17influence des interactions continuum—continuum dans la polari-
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sation de la fluorescence de 17ion E 2+u de N, formé par pho-
toionisation . Tout ceci prouve gue du point de vue de la MEDT, i1
n“existe pas une barriére stricte entre la spectroscopie et 1la

dynamique; la MGADT constitue en guelque sorte un pont gui relie

ces deux disciplines .

I1 1 AUTOTIONISATION VIBRATIONNELLE ET ROTATIONNELLE DANS H
——-————-———-————-—————-——-—-———-——-—.—_—_—_—__—.____—_—_—2

Dans un premier exsmple je me suis intéressé, avec
Ch.Jdungen, & la préionisation vibrationnelle (ou rotationnelle)
dans H2: au cours de la collision, les noyaux cédent une partie
de leur énergie vibrationnelle (ou rotationnelle) & 1 électron
gui est ainsi éjecté. Jungen et Dill avaient étendu & la vibra-—
tion 1le travail original de Fano gui ne traitait gue le probléme
de la préionisation rotationnelle. Ainsi, lors de ma thése Séme
cycle, notre détude avait porté sur les états de Rydberg SpA.v
gui sont des états isolés et assez larges pour lesquels la con-
version d'un seul gquantum dYénergie vibratiomnelle en gnergie
glectronigue est nécessaire afin gue 1°électron de Rydberg seoit
libéreg en laissant 1°ion formé dans 17état vibrationnel v+ = v=-1
(Av=-1), c’est le cas le plus fréguent. Dans ce travail nous nous
sommes attachés & 17 étude d*états de Rydberg gqui nécessitent 1la
conversion d”au moins deux guanta dYénergie vibrationnelle
(v 2~2) en énergie glectronique pour se désactiver. Plus préci-
sement ce sont des #tats de Rydberg npA,v de nombre guantigue

-~

principal n petit (n < 7)) donec de force dioscillateur importante.



-10-

interagissant avec des états np ,v-1 de n élevé et donnant lieu a
ce gue l7on a appeléd des "résonances complexes”. Nous avons trou-—
vé gue ces états npA,v ont une largeur faible, mais gutils inter~-
agissent cependant trés fortement avec les états voisins np ,v—-1
sur un domaine spectral bien plus étendu gue leur largeur. En
fait 17étendue de ce domaine spectral peut Stre estimée &4 1°aide
de 1a reégle d’or de Fermi Evvz, V étant l17interaction entre les
voies vt et v+—1. On observe aussi une “"dilution" de leurs forces
doscillateur & travers ces états de Rydberg voisins. Sur les
deux régions spectrales étudides, le spectre de photoionisation
que nous avons calculé est en bon accord avec celui enregistré
par F.M.Dehmer et W.A.Chupka. De plus, pour la premiére fois, pour
certaines résonances étudiédes, nos prédictions des rapports de
branchement vibrationnels ont pu Stre vérifides (1°&lectron peut
Btre éjecté en laissant le coeur dans des états vibrationnels v
différents et la MEDT nous permet de calculer la proportion de
chacun). Nos calculs sont 1a aussi en excellent accord avec les
rapports de branchement déterminés par P.M.Dehmer et W.A.Chupka.
Ce travail constitue le premier exemple moléculaire ol ce type de
résonances complexes a été recomnnu, mais la molsécule d®hydrogéne
n"est pas un cas unique. Depuis, de nombreux cas de résgnances
compleres ont été répertoridés et étudiés dans les atomes comme le
baryum aussi bien que dans les molécules telle que 1’azote, no-
tamment par A.Giusti et H.Lefebvre qui ont réussi & modéliser cos

résonances a 1%aide dun traitement MEDT & trois voies.
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11 2 AUTOIONISATION ELECTRONIQUE DANS N2

Dans cet exemple nous nous sommes intéressés & 17 autoionisa—
tion électronigue: au cours de la collision 1%ion résiduel cade
une partie de son énergie électronigue A 1%électron gui est ainsi
éjectéd, laissant 17ion dans un état électronique inférieur. Nous
avons choisi dillustrer ce processus dans la molécule dazote A&
travers les séries de Rydberg que Hopfield observa dés 1930 . Ce
sont des séries de Rydberg gui convergent vers 17 état électroni-
que BEEU+ de N;. Les regles de symétrie laissent prévoir trois
sgries possibles: (BEXZnswg), (Bgztndvg) et (Bzzlndng). Deusx
d’entre elles sont nettement visibles sur les spectres expéri-—-
mentaux , la série attribude aux édtats ndvg qui présente ure forte
absorption, et une autre gui ne preésente pas d’absorption (=lle
correspond  aux “fenftres” dans le spectre de photoionisation),
attribuée par certains aux états ndvg. La troisiéme série plus
faible, wvue pour la premiare fois par Ugawa et Tanaka, a &té at-
tribude aux états nsvg. Ces séries de Rydberg sont couplées aux
continua électroniques (AgﬂL ElAg) et (XEE; Elxu). Chague état
peut donc s’autoioniser, mais depuis l"expérience initiale d”Hop-
field on nYavait jamais pu expliguer d’un poeint de vue théorigue
une telle différence de comportement d’une série a 1°autre.

La difficulté réside dans 1l obtention deg paramétres de zonea
interne utilisés par la MEDT. En effet pour traiter les séries
d*Hopfield 47 paramétres sont nécessaires et il nous semble illu~

snire d’essayer de les ajuster a 17expérience. Le deuxiéme outil

& notre disposition s’ impose donc, & savoir le calcul ab-initio
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de ces paramétres MEDT. Ainsi, les défauts guantigues et les mo-
ments de transition sont calculés & partir des fonctions d°onde
obtenues & 17aide de la méthode dite ‘"échange statigque & un
centre” développée depuis plusiesurs années par G.Raseev. Les in-
teractions biélectronigues entre les continua (i.e. les termes en
l/r12 ) ont &té évaludes & 1 aide d’ﬁn programme développé par
H.Le Rouzo. Toutes ces guantités sont introduites dans le traite-—
ment MEUDT, en fait dans la variante & deux étapes développée par
A.Giusti.

Ce travail'cnnstitue le premier calecul ab-initic de 17au-
toionisation électronigue dans une molécule diatomigue. Les sec—
tions efficaces calculées sont en bon accord avec les sections
expérimentales obtenues au LURE par Morin et collaborateurs. Cas
calculs ont permis d”attribuer sans ambiguité la série d’absorp-
tion aux états ndvg et la série d'émission (fendtres) aux états
ndvg. La distribution angulaire des photoélectrons a été dgale-
ment calculée en fonction de 17énergie et sa comparaison avec les
résultats obtenus par J.L.Dehmer et collaborateurs a permis de
comprendre gualitativement 17origine de 1leurs variations en
énergie. Enfin, le taux de polarisation de la fluorescence de

i état B£2u+ de Nﬂ+ formé par photoionisation a été calculsd et

-

e2st en bon accord avec les résultats expérimentaux de Poliako+f

et collaborateurs et Guest et collaborateuwrs. Ce bon accord n’est

7

obtenu gue grice a l17introduction des interactions entre continua

dont l1’importance a été ainsi démontrée.
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b INTERACTIONS RYDBERG—~VALENCE ET COMPETITION ENTRE

AUTOIONISATION-PREDISSOCIATION DANS NO

Dans ce dernier exemple nous avons choisi la molsécule NO
pour illustrer les interactions entre états de Rydberg et de
valence. En effet, dans NO les états de Rydberg npw interagissent
fortement avec les états de valence Bgﬂ et LETY- Ces interactions
Rydberg-—-valence sont responsabies de la prédissociation des états
de Rydberg npw,v situéds au~dessus de la limite de dissociation
des états de valence B et L et des perturbations des états NpT, VvV
situés en dessous de cette limite. Dans un travail précédent
A.Giusti et Ch.Jungen ont traité avec succés la compétition entre
17autoionisation et la prédissociation de ces &tats de Rydberg
npw,v dans le cadre de la MEDT. Dans ce traitement, chague série
de Rydberg constitue une voie d’ionisation a laguelle est asso—~
ciee la distance r de 17électron de Rydberg au coeur résiduel,
chague état de valence constitue une voie de dissociation & la-
guelle est associéde la distance internucléaire R. Ainsi sont
traitées les interactions de la série de Rydberg avec les voies
dissociatives ouvertes (i.e. au—déssus de la limite de dissocia-
tion des états B et L) qui ont alors des fonctions d?onde propor—
tionnelles & sinkR. Mais ce faormalisme ne peut inclure le cas de
la voie de dissociation fermée (i.e. en dessous de la limite de
dissociation). Dans le cas de la vois d'ionisation, l1"électron
est soumis au champ Coulembiesn du cos=ur résiduel; guand la voie
est fermée, sa fonction d'onde peut s exprimer & 1’axtérieur du

Coeur comme uwne combinaison lindaire des fonctions de Coul omb
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-1/2
FV,r) et g(¥,r) (VY =-2¢(E —Eimn)) 172 et (VY -1-1) représente le

nombre de noeuds de la fonction d'onde radiale de 17 électron de
Rydberg. Le probléme est de trouver les équivalents de Y et des
fonctions f et g dans le cas d’un champ non Coulombien. Dans leur
généralisation de 1la M@DT, Greene, Rau et Fano montrent comment
obtenir, avec la méthode numérique développée par Milne, les
fonctions F(3,R) et G(A,R) dont la fonction d’onde de la voie
dissociative est combinaison lindaire, @ étant un paramétre ana-
logue & mais relié moins simplement & l"énergie. La gquantité
(3—-1) représente alors le nombre de noeuds de la fonction nu-
cléaire de 17état de valence. Ma démarche consists & utiliser
cette représentation de la voie dissociative (état B ou L) pour
rendre compte, guand celle-ci est fermée, de ses interactions
avec les voies d°ionisation (états de Rydberg npw,v) et ainsi ob-—
tenir un traitement unifié des interactions Rydberg-valence dans
l2 cas dune molécule diatomigue.

J7ai calculé les positions en énergie de tous les niveaux Eﬂ
situégs entres 45000 t:m—1 (fond du puits de potentiel de 1%état B
de valence) et 71600 t:m—-1 (limite de dissociation commune & B et
LY & savoir les états de Rydberg npw,v (n=3,...,6) (v=0,...,8) et
les états de valence Bi{v=0,...,37) et Li{v=0,4...,12). L7écart
moyen entre la position calculée et ceplle déterminde axpérimenta-
lement par Miescher et collaborateuwrs est dienviron 35 cm_l. Cet
accord est meilleur que celui obtenu par Gallusser et Dressler A
1"aide de méthodes classigues de perturbation. De méme les struc—

tures rotationnelles calculées sont aussi en bon accord avec

l7expérience. Four obtenir ces résultats jai utilisé un jeu de




paramétres différents de celul précédewmen employvé par A.Giusti
et Ch.Jungen. Par ailleurs des résultats expérimentaux récents
semblent en léger désaccord, du point de vue des largeurs des
raies observées, avec les calculs précédents. LTétude théorigue
de la compétition entre autoionisation et prédissociation a done
eté reprise 4 la lumiére de ces nouveaux résultats. Ce travail a
constitud un test positif de la cohérence de la théorie. En effet
l1*amélioration de la partie discréte du spectre (pour les voies
de dissociation) s’accompagne d'une amélioration des largeurs de

raies calculées dans la région continue du spectre.






III LA THEORIE DU DEFAUT QUANTIQUE A PLUSIEURS VOIES
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11X LA THEORIE DU DEFAUT QUANTIGUE A PLUSIEURS VOIES

I11 1 LE CAS D’UNE VOIE

La théorie du défaut guantigue est basée sur une analyse
physigue du systéme moléculaire excité gqui fait intervenir plu~
sieurs régions de 1'espace de configuration. Dans un état de Ryd-
berg de la molécule, 17électron gravite én moyenne assez loin des
noyaux, de sorte que 1°on peut se représenter le systéme comme
etant composé d’un électron excité gui se meut dans le champ Cou-—
lombien du coeur ionique résiduel. Une telle description reste
valable tant que les interactions non Coulombiennes, en particu-
lier les termes d®échange, sont négligeables. L7existence d7un
coeur moléculaire améne a séparer 1l espace de configuration en
deux régions:

— 17intérieur du coeur moléculaire, dont la taille est défi-
nie par son rayon Fos o0 il est impossible de discerner les &lec-—
trons et ol les interactions non Coulombiennes sont prédominan—
tes .

- 17extérieur du coeur ou, par définition, seule subsiste
l7interaction Coulombienne électron—-coeur ionigue, ce gui permet
un traitement analytigue de la fonction radiale de 1°électron ou-—
cité a partir des fonctions radiales de 1"atome d’hydrogéne. Four
toute valeur de 17énergie totale E une fonction donde de 17 élec—
tron de Rydberg solution de 1%égquation de Schridinger radiale

s'écrit alors comme une combinaison linéaire des fenctions de
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Coulomb réguligre f et irréguliére g (diverge & r=0) ncrmaliéées

en énergie:
\y(r) = f({r) coswp — gir) sinnmp , r > r (13

La quantité p représente le défaut guantigue de 1°état de Rydberg
pour une énergie £ < O de 17électron et wp n’est autre gue le dé-
phasage collisionnel pour une énergie £ > ¢, Cette guantité tra-
duit le fait gue 17 électron, pénétrant dans le coesur, vy est sou—
mis a un champ moléculaire différent de celui d’un simple proton
2t, une fois sorti du coeur, garde 2n "mémoire” cette différence.
De plus ce défaut guantigue ou ce déphasage dépendent pratigue-—
ment treés peu de l7énergie asymptotique € de 1°électron car ils
se construisent a courte distance dams le cosur. Du fait de 1la
trés forte accélération produite par le champ Coulombien lorsgue
1’électron péneétre dans le coeur, celui-ci a complétement
"publié” si  son énergie initiale £ détait légérement négative ou
positive. C'est cette idée gqui est & la base du traitement unifié
des états discrets et du continuum par la théorie du défaut guan-—
tique . Les états discrets et du continuum ne se distinguent gue
par le comportement différent de leurs fonctions d onde & longue
distance. En effet la fonction d?un état discret se caractérise
alors par un comportement exponentiel décroissant tandis que ce=l-
le d’un état du continuum se caractérise par un comportement de
nature oscillatoire. Cette différence & longue distance est prise
en compte par le comportement asymptotique différent des fonc-—

tions de Coulomb d”énergie négative ou positive. @Ainsi, la forme
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asymptotique des fonctions de Coulomb réguliére et irréguliere

est donnée par:

f{E,r) ~ (En/k)ifé sinfkr + (z/kK)1nr + &3

F— 00

geE,r) A~ —(2n/k) Y% cosfkr + (z/K)1nr + &3
. 00

-
pour des énergies positives € = k“/2, et
05,0~ U/ 32 Laing 07T AT L ocosp (D <M BT g
res Q@

ge,r) ~ ~(1/m )% feosg DTLTHR AT ) 4 ging (p PR TRT 44
I o0

. . , . 2 .
pour des énergies négatives £ = -K°/2 . Dans ces expressions & et

f sont des guantités indépendantes de r, données par:

§F(€)

(=2/k2InZk - 1lw/2 + arg r(l+i-iz/k)

(43

w
oy
~

]

m(¥Y-1)

ou ¥V est le nombre quantigue principal effectif,l le moment angu-
laire orbital de 17électron eé z la charge du cosur. La guantité
D est une constante de normalisation donnée dans Greene,Rau et
Fano (1983%) mais nous n'en auront pas besoin dans ce travail. &

1’aide de ces expressions asymptotigues pour les fonctions f et g
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de Coulomb on déduit qﬁe pour une énergie € > 0 la fonction d*on-

de de 17électron (eq. 1) se comporte a4 longue distance comme
- 172 _. . ' -
r) ~ (2/7k) sinflkr + (z/K)Inr + & + wpl £ > O (3)
- oo

Le résultat de la collision électron-ion se traduit donc bien par
un déphasage supplémentaire de wp dans la Ffonction d°onde de
17¢électron. Pour une énergie € < 0 la fonction d onde VW) de 1°&-
lectron de Rydberg a le comportement asymptotigue suivant

2 — —
\ycr—>~<1/m.:>““ [sin(a+mp) D 1p"Z/K Rr

P> oo

ZfR _~Kr
/ e 3

- cos(3+wp) D r
(&)
Pour trouver les états de Rydberg il suffit dannuler leg terme

exponentiel croissant dans 1 expression (&) ce qui conduit & la

condition de guantification
sin{d+rpy) = Q (72

gui est une autre facon décrire la formule de Rydberg donnant
1 dénergie En d’un état de Rydberg, définie par rapport & un seuil
d*ionisation

~

E . =-17/2(m - (8)

On comprend maintenant bien que l'expression (1) de la fonction

radiale de 17 électron permet de décrire & la fois tous les édtats
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discrets et du continuum, & condition gue le défaut guantigue p
soit trés peu dépendant de 17 énergie ce qui est généralement le
cas. Nous disposons donc d une description efficace pour les
voies d7ionisation; il faut maintenant voir comment traiter une
voie de dissociation.

Récement Greene, Rau et Fano (1982) ont étendu la théorie du
défaut gquantique & des potentiels qui, ‘& longue distance. ne sont
pas Coulombiens. Le probléme est de trouver les équivalents des
quantités § et 8 {(eq. 4) qui interviennent dans la définition des
fonctions f et g dans le cas d'une voie fermée. Ils ont ainsi pu
traiter analytiguement le cas d’un potentiel constant et d un po-
tentiel dipolaire et définir des fonctions f et g dont les com-
portements peuvent €tre encore décrits par les expressions (2) et
(4} mais avec bien sir des valeurs différentes des paramétresd et
#. Malheureusement dans le cas qui nous intéresse, cest & dire
un potentiel a longue distance qui ﬁ’est autre gue le2 potentiel
moléculaire de 17état de valence il n'existe pas de soclution ana-—
lytique au probléme mais seulement une solution numérigue. Le
fait que le potentiel ne soit pas analytigque nous oblige & inté-—
grer numérigquement 1°égquation de Schridinger nucléaire et ainsi
nous obtenons directement la fonction réguliére f qui contient le
déphasage §. De plus le potentiel de 17état de valence est connu
méme aux petites distances internucléaires, il n‘y a pas comme
dans le cas de la voie d'ionisation., un potentiel non locatl a
courts distance, donc le déphasage supplémentaire Tie qui résume
les interactions a courte distance, est lui aussi contenu dans la

fonction f. La seule guantité primordiale qui reste alors & dé-
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terminer est 1, en se rappelant gue ((3/mw)-A) reprasente le nom-—
bre de noesuds de la fonction radiale de 1°électron de Rydberg
dans le cas d’une voie d'ionisation. Il est possible de connaitre
le nombre de noeuds d une fonction d onde vibrationnelle solution
de l17équation de Schridinger nucléaire par une méthode développée
par Milne (1923) et remise A jour par knrsch et Laurent (1977).
Dans cette méthode on recherche des solutions de 17 éguation de

Schriédinger nucléaire sous la forme suivante
+(R) = x(R) sinZi(R) (Fal

pour la solution réguliére & l°origine. La solution irréguliére

est alors est alors donnée directement par
g(R) = -~ x(R} cosi(R) (Fh)

Le Wronskien des deux solutions f et g est une constante, c’est
une propriété liéde & la structure de 17 équation de Schriddinger.

L7 evaluation de ce Wronskien conduit immédiatement & la relation
g7 = cte 10

ce gui nous permet de définir la phase & accumulée par la fonc-
tion d'onde en fonction de R par

R
Z(RY = J ( cte /7 & (R")) dR® (11)

g
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En wutilisant dans 17 équation de Schridinger nucléaire une solu-—
tion de la forme (9a) et la relation (11) s On peut montrer alors
gue la fonction x{(R) est solution de 17 éguation différentielle

suivante
x"(R) + (E — U(R)) x(R) = 1 / &« (R) (12)

ou E représente l’énergie totale et V(R) le potentiel de 17état
de valence. 0On peut aussi montrer que les nombre de noeuds de la

fonction d?’onde f A 1’énergie E nest autre que la guantitsé
(B/wd—1 = (F(®) ~ w)/7 (13)

Four s’en convaincre il suffit de remarquér gue si 3 st un mul-
tiple entier de w la fonction ¥ (2eq. 9) s*annule A 17infini et
represente alors bien un état vibrationnel 1ié du potentiel de
l1’etat de wvalence. Dans cette approche on trouve exactement la
mEme condition de quantification (eq. 7) pour un état lié élec—
tronique ou vibrationnel.

Nous savons maintenant comment la théorie du défaut gquanti-
que décrit une voie dionisation ou de dissociation. Nous allons
voir comment elle se généralise & un probleme & plusiswrs voies

d'ionisation ou de dissociation.
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III 2 LE CAS DE PLUSIEURS YOIES

fluand plusieurs voies entrent en jeu les choses se compli-
quent un peu du fait des interactions gui peuvent intervenir en-—
tre les différentes vqies. Ces interactions font gque si 17élec—
tron entre dans une voie i gqui correspond & un état rovibronique
donné du coeur ionigue, une fois diffusé par ce coeur il peut re-—
partir dans une autre voie j correspondant & un état rovibronigue
du coewr différent. En d'autres termes il y a maintenant la pos-
sibilité de collision inédlastigue. En théorie des collisions la
probabilité dun tel événement est donnéde par 174élément Kij de la
matrice de collision. La généralisation & plusieurs voies de 1°é-
guation (1) a été introduite pour la premiére fois par Seaton
(1966} . Par analogie avec le traitement d une voie, celui ci ré-—
sumg toutes les interactions gue 17électron peut subir dans le
coeuwr & l'aide de la matrice de collision K, ce qui lui permet
d'éorire une fonction d'onde d une voie i solution de 17équation
de Schridinger, mais valide seulement A 1 extérisur du coeur,

sous la forme:

(14}

i
>
~5
~—
er
}
i5]
S
T
.
~5
~—
~
L
3
-
b
-

Wi. =5 ix DF 0,
1 3 1 1 11

Dans cette édquatien, r représente aussi bien la coordonnée radiale
de 17électron de Rydberg gue la distance internucléaire R. Le ket
!i> est la fonction donde du coesur correspondant aux différents
degrés de liberté (électronigue, vibrationnel et rotationnel) du

systéme a 1l exception de la coordonnée radiale de la particule
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éiectée. L7adjonction a la fonction reégulieéere fi,des différentes
composantes irrégulieres 9 pondérées par leurs poids Kii’ tra-
duit bien le fait gue la voie i’ est perturbée par toutes les au—
tres voies i. Fano (1978) a méme montré 17 éguivalence entre une
interaction de configuration entre les différentes voies et ce
traitement A& l7aide de la matrice K. Mais le grand avantage du
traitement M@DT est que la matrice K considéree, associdée & des
interactions & courte portée, dépend trés peu de 17 énergie. Ceci

est d°un intérdt considérable pour les différentes applications
possibles de la MEDT. Il suffit de déterminer une fois pour toutes
la matrice K,soit par un calcul ab-initio soit par une méthode
semi-empirigue d’ajustement sur les observations expérimentales,

pour rendre compte des proprietes de l1a molécule sur un domaine
spectral treés étendu. La variation en énergie est prise en compte
par les propriétes des fonctions f et g mais aussi par les coef-—
ficients de chaque composante i dont la fonction d " onde générale

oot combinaison lingaire et gui est de la forme:

W(E)

1]
Pl e |

Zi,(E)‘yi,(E) ro>r

s
LF (€, r) 8,5, = 8y 08K 4,0 2, () (15)

=L |i>
(% 1

[ |

Ce sont les variations en énergis des coefficients Zi,(E> gqui
vont nous permettre de décrire a la fois le spectre discrat et
les processus dynamigues tels gue la préionisation et la prédis-—
sociation . Ces coefficients sont déterminés en appliguant les
conditions limites & 17infini gui correspondent aux comportements

asymptotigues appropriés des fonctions f et g définis précédem-
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ment par les édquations (3) et (4). Ce n'est qu’au niveau des con-
ditions aux limites que la MEDT fait la différence entre les
états discrets et les états du continuum. Mais avant d’aborder ce
probléeme rnous allons introduire deux variantes de la MEDT par
rapport a la théorie originellement développée par Seaton. il sa—
git de 17introduction des voies propres proposée pour la premisédre
fois par Faﬁo(l??O), 2t de la MEDT en deux é¢tapes développée par

Giusti (1980).

III 3 LA FORMULATION EN TERME DE VOIES PROPRES

Dans la formulation précédente de Seaton, on raisonnait en
terme de voiaes Ii}, trés bien adaptées pour décrire la situation
physique qui prévaut a longue dist;nce. C’est pourquoi on appelle
parfois ces voies ;i) les voies de fragmentation (on dit aussi
asymptotiques). Mais nous avens vu preécédemmen: que la situation
physique & longue distance est treés différente de celle a courte
distance. Il n’est alors plus tregs adéguat, 3 courte distance, de
décrire la molécule excitée tomme un electron gravitant dans le
champ Coulombien d umn ion. Du fait de 1%accélération qu’il subit
de la part du champ Coulombien, 1°&lectron acguiert une guantits
de mouvement suffisante Pour pouvoir interagir aveec les noyaux at
le cortége électronique qui les entoure. Un exemple frappant de
ces interactions nous est donné par la molécule HE' Si 17on cons-
idére 17état de Rydberg 2pr de H2 qui est 1%état de Rydberg de

plus basse énergie, on s”apergoit gue sa fréguence de vibration
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est deux fois plus petite gue la fréguence de 17ion H2+ alors
qu'on s attend & ce que l1”état de Rydberg ait une fréquence de
vibration du m8me ordre de grandeur que celle de 17ion. Cette
différence traduit bien le fait gue 1'électron Zpc interagit for-
tement avec les noyaux et gu’il participe au potentiel gqui régit
le mouvement nucléaire . Fano (1970) a su le premier tirer profit
de cette différence entre la situation physique & longue et a
courte distance . C7est pourguoi il a introduit le concept de
voies propres gqui correspondent aux valeurs propres et aux vec—
teurs propfes de la matrice K. Nous montrerons plus tard, gque ces
voies propres ont une signification physique et gue l7on peut les
relier aux états Born—-Oppenheimer de la molécule. Ce faisant, il
a pu connecter la théorie des collisions & tous les travaux sur
les é&tats moléculaires EBorn—-Oppenheimer, et ainsi profiter de
toutes les connaissances déjad acquises dans le domaine de la phy-
sique moléculaire.

La matrice K s écrit en Ffonction de ses valeurs propres
tgan et des vecteurs propres correspondants <i!a> comme:

Ky . = £ <i|f> tgmp, <B[i%> (16)

Z
P
En reportant cette valeur de l7éleément Kii’ dans 1 expression

(15) de la fonction d’onde générale, on obtient:

= i > (2., L.a— gL (2., 1 > < 17 >1Z.
\S(J(E) %]1 g[fl( S L Py gl( g Ig i tgm.n(3 8l ]Zl,(isi
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Pour rendre cetts expression de la fonction d°onde un  peu plus
symétrigue, on réaexprime les coefficients Zi,(E) en fonction de
nouveaux coefficients A, selon:

B

Zi,(E) = <i’}6> cosva A, (E) (18)

g a

En reportant cetts axpression (18) dans 1* équation (17} 2t en

utilisant 1’unitarité de 1a matrice des vecteurs propres de la

matrice K qui s”déecrit
§ <B{i> <i[6’> = SBB’ (19

la fonction d’onde générale de la MEDT prend la forme

i

|
Lt e B o

\?(E)

Ji> §<i[ﬂ> Efi(éi,r)cnsnpﬂ - gi(éi,r)sinnpﬂJAB(E) (20a)

1l A, (E) (20b)

}1> Etfi(&i,r) Ciﬂ - gi(ti,r) Siﬂ a

4

ol les éléments de matrice C et S sont donnés par

!
|

ig = <i!B> cosvpa

= <1 > i
SiB allﬂ, s-::LmU.l{3
Ce sont ces quantités gui assurent les couplages entre les diffé—
rentes voies dans le formalisme MEDT. Pour en &tre convaincu il
faut une fois de plus réexprimer les coefficients A, en fonction

3
de nouveaux coefficients Bi selon
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En remplagant A par sa nouvelle valeur dans 1°égquation (20} on

obtient une fonction donde de la forme

= i = - “ 27
WIE) = |i> B0, (5,.r) Cpyy = gy (6,,r) §;,,1 B, (E) (23)

v

ou les éléments de matrice C et 8§ sont maintenant donnés par:

cias PSTER
ii xllﬂf cosva B 11

z

3
iie g <162 *.—‘:»im'rp{3 WBiLT>
Sous cette Fforme gqui fait intervenir 17élément de matrice entre
deux volies asymptotiques,il est plus facile de comprendre gue
c’est la dépendance en 3 des défauts quantigues qui couple les
différentes voies asymptotigues. En effet, si le défaut quantigue
est independant de f, du fait de l’unitarité de la matrice des
vecteurs propres <i]ﬂ> (ég. 19) de la matrice K, on obtient immé-—

diatement

montrant que les voies asymptotigues i ne sont plus couplées. Ces
g¢léments de matrice C et 8§ traduisent bien le fait gue si la par-
ticule diffusée se trouve initialement dans la voie i, guand =lle
pénétre dans le coesur ou une situaticon physigue différente preé-

vaut , elle a 1l amplitude de probabilité <ija> de se retrouver
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dans la voie propre }B>, et <B{i’> de ressortir dans la voie i°
avec le déphasage supplémentaire an. On comprend done bien 1le

réle primordial de ces défauts guantigues propres p gqui résu—

B.‘
ment les interactions & courte portée, et des éléments de matrice
<ila> qui connectent les voies propres aux voies asymptotiques.
La transformation unitaire associdée a éts dénommée par Fano

"transformation de repére”, en référence A& son interprétation

physique du découplage de 1.

111 4 LA FORMULATION EN DEUX ETAPES DE LA MGDT

Cette Fformulation en deux étapes constitue en guelgue sorts
la version "“perturbative” de la M@DT. Giusti part du fait gqu’il
n"est pas obligatoire de traiter en une seule fois les interac-—
tions a courte distance. Elle définit dans un premier temps une
base diabatigue du probléme considéré et elle introduit dans un
deuxiéme temps la perturbation additionnelle qui lui définmit ain-
si une base adiabatigue, tandis que dans le traitement précédent
a une étape on raisonne directement dans la base adiabatigue.
C*est aussi la démarche que 1°on adopte dans un calecul ab-initio
o 17on fait d abord un calcul mono configurationnel, et dans une
seconde étape on tient compte des interactions bidlectroniques
qui mélangent les différentes configurations. Cette approche est
donc trés naturelle dans le sens qu’elle fait appel au concept
d”états diabatiques qui a été largement utilisé dams le domaine

de la physigue moléculaire et des collisions. Ainsi les interac-
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tions entre états de Rydberg et de valence peuvent 8tre traitées
comme une perturbation supplémentaire aux intsractions Rydberg-
Rydberg en utilisant une représsntation diabatigue des états de
valence. Guoigue cette approche ne soit pas, en principe. limitée
4 des couplages faibles, en pratique elle n’est intéressante que
dans le cas "perturbatif” ol l17interaction prise en compte dans
la deuxiéme étape psut ¥tre traitée au premier ou au second ordre
de perturbation.

Du point de vue de la MEDT cela entraine une partition de

H., + V. H. contient les

l1*Hamiltonien total en deux parties, H o o

potentiels & longue distance st les interactions & courte distan-—
ce adtres gue l%interaction V considérée gui elle aussi a une
faible portée (par exemple les interactions biélectronigues).

Dans 1la premiére étape seul 1 °Hamiltonien H, est pris en compte

QO
et la fonction d onde générale gui en résulte est strictement
identigue a celle décrite dans le paragraphe précédent (ég. 2Z0a).
Dans cette équation Giusti remar gue que le facteur

Eficoswpa - gisinnp ]l peut €tre considéréd comme une Ffonction

e
d’onde radiale modifiée gui, en plus du déphasage asymptotigue §
di au potentiel a longue portée implicitement contenu dans f et
g, contient le déphasage wpa provenant des interactions & courte
distance prises en compte lors de la premiére étape. Cette fonc-
tion radiale modifiée va maintenant servir de nouvelle base dans
la seconde étape pour traiter la perturbation additionnelle a
courte distance V. De plus, comme dans la premiére étape on doit

adjoindre a la solution régulidre f une solution irréguligre qui

est 1%analogue de la fonction g. La nouvelle paire de fonctions
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de base devient alors:

(1)

i (&i,r,ﬂ) = 4i(<i,r):oswy8 - gi(ti,r)s1nnp

B
(), . _ . . .
9, (tisr,ﬁ) = gi(:i,r)ccsvpa + %i(ci,r)51nvp

f

A l7aide de ces deux fonctions de bhase on repete la méme procédu-~
re que celle utilisée pour la premiére étape dans le paragraphe
precédent. Chaque facteur ...] = fﬁn doit €tre remplacé par une
expression analogue & l’équation (14) pour tenir compte de la

perturbation additionnelle & courte distance V. Cette interaction

(2)

A’

matrice Kii’ de la premiére étape. La fonction d7onde génerale

est représentée par une matrice K gqui est l1°analogue de la

gui tient compte de 1l interaction supplémentaire V et gui n’est
valide gu’a 1l extérieur du coeur s’écrit alors:
( (2)

2) st (1) (1), :
= >E< -~ . é-! s s U e ) %, " =
VR §[z.§ LERELF TR 8. mg e Lrami L Paz @,

roror (273
o
2}

-l

On exprime de nouveau la matrice K( en ftonction de ses vecteurs
propres <B}m> et de ses valeurs propres tgnpu, vpm gtant le dé-
phasage propre induit par la perturbation additionnelle V, soit:

k" {2) — E ,/B ~, t ra 2
L s = z A ]ax =hip \mlﬁ

e
bkl
]

En réexprimant les coefficients Z, en fonction de nouveaux coef-

83
ficients Am de fagon analogue & 1%égquation (18) du paragraphe

précédent, la fonction d?onde devient:
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<iiﬂ>£<ﬁ]m>[¥;n(€i,F,B):stpa—giwéi,r,ﬂ)sinnpalﬁa(E)
o

ou bien en utilisant les expressions (26) des fonctions de base

2
qf“)(E) = Z{i} I OfF. (€. ,r) C, = g.(£.,r} 8. 148 (B} (30)
1 & i i ix i 71 ik o
avec
i = g <ifs> cosv(p8+pa) B (=1
= 4 h i 4 >
i g ngak s1nv(pﬁ+pa) xB}a;

Nous obtenons donc avec 1%expression (30) une fonction d°onde gé—
nérale de la MRDT en deux étapes qui est tout 4 fait similaire a
l"expression générale (20) de la MEDT en une gétape. La seule dif-
ference réside dans les coefficients de couplage (31) gui mainte-
nant reésultent du produit de deux transformations unitaires suc-—
cessives {ilﬁ} at <B!u} et de la somme des deux phases propres
va et TH L7avantage de cette méthode est donc de pouvoir dé-
couper l17Hamiltonien en autant de parties gque 1°on désire sans
pour autant changer la structure des éguations. Elle permet de
plus de traiter de fagon perturbative 17interaction additionnellse
V. c& qui est souvent un avantage du point de vue des technigues
numeériques gue 1°on est amené & utiliser pour calculer la matrice
K correspondante. Enfin, avant de conclure ce paragraphe sur la

MADT en deux étapes, 1l nous faut mentionner une varianmte a la
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deuxieme détape qui peut Btre trés utile lors des applications. On
peut raisonner directement sur les voies asymptotigues i plutst
que sur les voies propres (3 de la premigre étape. FPour csla il
suffit de remplacer la matrice KBB’ de la seconde étape par son

expression dans la base 1 gqui esst donnée par:

(23

Kigr = 8,<0]8> Kyq,

ii? §P

La diagonalisation de cette matrice Kii’ s’ écrit

< = 29 - <& i * A
&ii’ i ~1Ia, tgnpa xafz ; (332}
et en utilisant le fait gue lgs trois bases i, (. % se déduisent
17une de 1”autre par des transformations unitaires gui permettent

décrire
<B{m} = I iB[i’} <i’lm} (Z4)
LI

les coefficients de couplages Cia et Sia deviennent:

- <i{B> + 3117 >
i g 1'6 CDSW(pa pa) 611 (=5
ix = % L7 x> g if> sinw(p8+pa) Blit>
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II1 S LES CONDITIONS ASYMPTOTIRBUES DE LA MGDT

Nous avons décrit dans les paragraphes précédents diverses
formes de 1la fonction d’onde générale de la MBDT, mais & aucun
moment nous n’avons eu besoin de préciser si les voies considé—
rees étaient des voies ouvertes ou fermées. Ceci est possible car
dans un premier temps la MGDT ne s intéresse gutaux interactions
a4 courte distance qugsi indépendantes de 1% énergie, c'est la base
du traitement unifié des états discrets et des états du -conti-
nuum . Ces états se distinguent uniguement par leurs comporte-—
ments asymptotiques différents, au travers des comportements a
longue distance (4g. 2 et 3I) des fonctions + et g gui les
composent. En outre 1 application des conditions asymptotiques
nous permettra de déterminer les coefficients Aa ou Bi qui res-—
tent les seules inconnues du probléme, une fois traitées les in-
teractions a courte distance décrites par les défauts guantiques
propres et les différentes matrices de transformation <i}8>,
<i'u> =t <a;a>. Dans ce paragraphe on ne distinguera pas les ap-
proches a une ou deux étapes de la MEADT. On a montré gue dans ces
deux approches les fonctions d’onde (20) et  (30) sexpriment &
17aide des mEmes fonctions de base f et g et par conséguent on
obtiendra les m8mes conditions aux limites. La seule différence
reside dans les coefficients de couplage C et S (21) et (31) que
1°on n"a pas besoin d’expliciter pour appliquer les conditions
aux limites. On va pouvoir distinguer maintenant les différentes
reéegions spectrales définies dans 17introduction, a savoir la ré-—

gion des états discrets, la région de prédissociation et de
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préionisation, et ce= que 17on a appel?d la région du continuum

ouvert.

IIT 5.1 TRAITEMENT DU SPECTRE DISCRET

A) CAS GENERAL

Un état discret de Rydberg ou de valence est caractérisé par
le fait gque sa fonction d*onde totale s annule a4 17infini. La ré-
gion discreéte est par définition une région spectrale ol toutes
les voies d'ionisation ou de dissociation sont fermées. I1 suffit
donc d”annuler le terme exponentiel croissant gqui intervient dans
toutes les composantes i de 1 expression de la fonction d® onde
générale (20), une fois remplagées les fonctions f et g par leurs
comportements asymptotiques Eespectifs donnés par 1 égquation (3},

On obtient alors le systeme linéaire homogeéne défini par:
L 0sinB . (E) C, + cosA . (EY S, 1A =0, %i {(36)
o i ix i i X !

avec

H(Vi(E)~l), i voie d’ionisation
Gi(E) =
guantité numérigue (12), i voie de dissociation

La condition de compatibilité du systéme s décrit:s

det [tgﬁi(E) Ciu + B,

iql =0 (z7)
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L* éguation (37) n’a de solution que pour certaines valeurs dis—
cretes En de l17énergie qui correspondent aux états de Rydberg ou
de valence cherchés. Cette rechérche des solutions se fait
numériqguement, on balaye la région spectrale considérée pour
trouver les zéros du déterminant (37) et les coefficients Aa
correspondants. Il faut cependant remarqguer gue la fonction d’on-
de discréte ainsi obtenue est normalisée a 17 énergie du fait que
les fonctions de base f et g utilisées sont elles-—mEémes normali-
sées a l7énergie. Ce probléme n’a pas d’importance tant que 1°on
ne cherche & déterminer que la position des niveaux d’énergie.
Mais si 17on veut aussi calculer la force d oscillateur de ces
états discrets, on est alors obligé de travailler avec des fonc-
tions d'onde discretes normalisées & 1°unité. L obtention de ce
facteur de normalisation n est pas un probléme trivial car toutes
nos fonctions MEDT ne sont définies exactement gqu’a 1 extérieur
du coeur. Cependant, Fano (1970) puis Lee et Lu (1973) ont démon-—
tré que, si les défauts guantiques et les matrices de transforma—
tion <il«> dépendent treés peu de 1%énergie, le coefficient de

normalisation de la fonction d onde est donné par:

2 _ o 2 -
Nn = % (dBi(E)/dE) (Etcosai cim s:.nBi Siaj Aa(E)) (38
C’est le coefficient de normalisation qui a été utilisé dans ce
travail pour déterminer les forces d’oscillateur des &tats dis-—

crets de Rydberg et de valence.
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B) CAS DE DEUX VOIES D’ IONISATION

On va illustrer les formules générales précédentes A travers
1’exemple de deux voies d’ionisation fermées pour mieux compren-—
dre comment la MEGDT rend compte des interactions entre états
discrets. C'est le cas originellement traité par Fano (1970).
Considérons donc deux voies dionisation définies par leurs limi-
tes dionisation E1 et 52 et leurs défauts gquantiques pl et pzv
La condition de compatibilité (37) du systeme linéaire homogéne

s"écrit alors:

tgnvi C11 + 5 tgnvl C12 + S, .,

=0 (37%)
tgmd, C,, + S, tgm), Con + S

En utilisant les expressions (24) gui définissent les facteurs de
couplage Cii’ et Sii’ aver une matrice de transformation unitaire
<i]m> gui peut Etre représentée a4 1l aide d’une matrice de rota-
tion définie par 17angle 8, la condition de compatiblité peut

8tre mise sous la forme:
tgnﬂl = —Ltgmp, - sin”® cos a(tgnpul—tgwpa2> /(tgnV2+tgwp2)3 (Z8)
aveo

2 2
tgnpl = cog © tgnpui + sin”e tgnpmg (<o)

+ cos“e ‘\:gn'po(2

3
tgvpz = gin" @ tgnpql
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On peut donc exprimer Yi comme une fonction analytique de la va-
riable ﬁz. Dans cette expression (38) le terme (tgvpai ~tgnpa2)
rend compte des interactions & courte distance entre les voies 1
et 2. En effet si les deux défauts quantigques propres Py et Pyo
etaient égaux, alors celles-ci seraient nulles et les deux voies
seraient complétement découplées. Les positions des niveaux de
Rydberg associés aux limites dionisation E1 et E2 seraient alors
données par les défauts guantigues By = Yo définis par 1'expres-—-
sion (39). Les interactions & courte distance se traduisent donc
par des écarts des positions des états de Rydberg par rapport a

celles determindes 4 1°aide des défauts gquantigues p, et Hne Ces

1
perturbations sont d”autant plus fortes que les niveaux respec-—
tifs des deux séries de Rydberg ont des énergies voisines. En
effet, la formule (3B) montre que vI(E) présente une résonance
chague fois gue VZ(E)+p2 prend une valeur entidre, c’est a dire
chague fois que 17énergie E correspond & celle d°un niveau de
Rydberg non perturbé associé & la limite diionisation supérieure
Ez. La deuxiéme relation, qui lie vl et 92 et gui permet de dé-—
terminer la position des niveaux pertubés, s’obtient aisément a
partir de la définition mE@me de <(E):

-
roe

Y, (E) = Ry/(E ,—E) et 9‘2<E) = Ry/(E,-E)

1
ou Ry représente la constante de Rydberg de la molécule considé-—
ree . 0On peut donc détinir E en fonction de v? et reporter son

expressicn dans Vl, ce qui conduit & la relation:
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2 2
Ry/ ;3'1 = f«':y/v":g - (E2 - El) (40)

Les positions des niveaux de Rydberg sont donc données par les
points dintersection des deux courbes définies par les édquations

(I8 et (40) .

IT11 4.2 TRAITEMENT DE 1A PREIONISATION ET DE LA PREDISSDCIATION

Aa) _CAS GCENERAL

Le traitement de la préionisation et de 1la prédisspociation
est un peu plus complexe que celui du spectre discret car la
fonction d onde totale est composée 4 la fois de voies fermées et
de voies puvertes. Pour les composantes fermées ( on appells @&
17ensemble des voies fermées) on écrit comme précédement guelles
doivent s annuler a 17infini. Pour les voies ouvertes (on appelle
P l7ensemble des voies ouvertes), 1 énergie € de la particule
diffusée est positive, les fonctions de base + et g ont alors. a
longue distance, un comportement oscillatoire en sin et cos
{ég.3). les conditions aux limites doivent traduire le fait que
la particule diffusée subit un déphasage lors de la collision
avec la cible. Ces conditions aux limites nous sont en fait impo-—
sées par les techniques expérimentales. Ainsi en spectroscopie
photoélectroniqus on détecte, dans une certaine direction. un
électron d"énergie donnée gqui correspond & un certain état rovi-

bronigue du coeur résiduel. Cela signifie que 1°on doit faire
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sortir 17 électron comme une onde plane dans une seule voie ouverte
{.préalablement sélectionnée et on imposera aussi cette con-
dition pour toute autre particule diffusée. Pour cela, il +faut
reecrire les fonctions sin et cos en termes donde sphérigues en—
trantes et sortantes et imposer que les coefficients des ondes
sortantes dans toutes les voies ouvertes i # i soient nulles. Ces
conditions aux limites correspondent & ce qui est appelé en théo-—
rie des collisions " la normalisation en-ande entrante”. Cette
condition exprime le fait que la particule diffussge peut entrer
dans n’importe quelle voie i ouverte mais ne peut ressortir que
dans une voie i choisie. 0On norme donc & 1°unité 1"amplitude de
1'onde sphérique sortante pour la voie 1 choisie et 1amplitude
correspondante dans l°onde sphérique entrante pour la voie i est
par définition par 17é1lément ii de la matrice S de collision (la
dimension de la matrice S est égale au nombre NP de voies
cuvertes). 0On impose pour la voie 1 sélectionnée le comportement
asymptotigue suivant:

Y1z sz/mk

.)1/1.
LeP 1

(1/72ir) }i} [e & &=, - 5=." a 1 (41)

Dans cette expression (41) on n’a pas fait figurer les phases &
correspondant au potentiel a longue portée dans les termes expo-
nentiels , ni la fonction angulaire de la particule diffusée. On
peut considérer dans un premier temps qu’elles sont incluses dans
ls ket ]i} et elles seront précisées plus tard dans los différen—
tes applications guand cela sera nécessaire, notamment pour rea-—-

construire 1l onde plane de la particule diffusée dans le but de
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déterminer sa distribution angulaire.

I1 est commode d’évaluer ces éléments de matrice S?i a par-—
tir des fonctions propres de collision }P> qui diagonalisent 1la
matrice 5. On note é‘“’? ses valeurs propres, ol les ﬂTr sont les
déphasages propres acguis par la particule diffusée en plus du
déphasage provenant du potentiel & longue portée lors de sa col-
lision avec la cible. On montrera plus tard que les fonctions
d’ onde ]P> et les déphasages T seraient respectivement les
fonctions propres A courte distance et les déphasages propres npq
si toutes les voies étaient ouvertes. La diagonalisation de la
matrice 8 s*écrit:

e!' i Tf

S.= = rP: <ifpr <:H‘i‘> (42)

En utilisant cette expression (42) de la matrice S et l’unitarité

de la matrice de ses vecteurs propres
Fe N & iy = —— 3
g \1|P, arjl, Sii (43

la condition limite (41) s écrit alors:

‘Vi % 5<p[T> e NP rx «a/mk 3 tF (1/21 ) liz <ijp>
P ¢ t

LEP‘ '
(o lKereT™R) _ E—bik..rﬂr'l}) ' (44)

Lexpression entre crochets n7est autre gue le comportement

asymptotigque d une fonction *% définie par:
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= <3 b % — H
‘? %é}]e} }1) Cfi(ﬂi,r) cosnTe gi(Bi,r) 51nw§]
. ¢ -
+§Q}1> E Aa Efi(Bi,r) Cim gi(Bi,r) Simj {45)

On peut bien inclure dans la fonction %% les composantes des
voies fermées puisque celles-ci s’annulent & 17infini. Cela per-—
met de transformer 1’#4quation (44) valable asymptotiquement en

1’ égquation d une fonction d°®onde VL valable powr tout r > r_,

[

soits

Y i ? <pi» T K{)t, (46)
On appligque cette condition limite en deux temps. Dans une pre-—
miére étape on détermine les Np fonctions W? définies par 1’équa-
tion (45) (il y en a autant que de voies ouvertes), précisant
ainsi la combinaison linédaire des fonctions f et g gue 17on doit
prendre pour les composantes ouvertes de la fonction donde géné-—
rale (20). Pour les voies fermées on appligque les m8mes condi-
tions que celles utilisées pour traiter le spectre discret. On

obtient ainsi:

z AP c = <ilf} cCOoSTT, {47 a)
o 4 i f
ioge P
P e viia es .
E Am Sia \1]?¢ 51nv? (47b3}
1< Q2 f Ecia 51n6i + Siu CDsBiJ Q& = 0 (48a)

Les éguations (47a) et (47b) peuvent &tre combindes pour donner
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z [C, sin({-wr ) + 9. cos(~-m1 )1 Ae = O (48b)
g iwe ¢ i (¢ a
Pi < P
_ - . b = cifp>
f Ecia cos( ﬂT?) Sia sin( v? ¥ Aa \1,f (48c)

On peut noter gue les équations (48b) se déduisent des dguations
(48a) en changeant pour les voies ouvertes ﬁi en —HTP . Lintro-—
duction des fonctions wv permet donc de compléter les dédguations
(48a) des voies fermées avec les éguations (48b) des voies ouver-—
tes + formant ainsi un systéme linédaire homogéne dont les solu-—
tions A& réelles nous donnent les composantes de la fonction
sur les différentes voies asymptotigues }i}. LT éguation caracté-

rigstiquse du déterminant (48a,b) nous fournit les N_ déphasages

P
propres WTC auxgquels correspondent des coefficients Ag, détermi-—
nés a un facteur de normalisation prés. Les déphasages propres n?
~sont donc calculés en tenant compte des voies fermées, dont 17in-
fluence se traduit par une forte dépendance en énergie des WT?
guand l°on se trouve prés de la position dun niveau discret.
Ceci est & opposer & la faible variation avec 1’énergie des dé-
fauts guantigques propres pm a partir desguels les TP sont calcu-—
lés a travers les coefficients de couplage C et S. Une foig les
phases KTP et les coefficients Ag déterminés, les éléments <i’€>
gui représentent 1 amplitude de la voie i dans la composante ou-
verte de la fonction d onde stationnaire wé, peuvent Etre calcu-—
lés a 17aide de 17équation (48c) & laguelle on ajoute la condi-

tion de normalisation:

T O4pliy <ifpr =
I<pliz i]p . (49)




—44-

Cette relation traduit l7unitarité de la matrice des vecteurs
propres de S et permet d’évaluer le facteur de normalisation des
coefficients A&. Les équations (48) spécifient complétement les
quantités nécessaires a la construction de la fonction d’Dnqu%

définie par 17éguation (4&).

B) CAS DE DEUX VOIES D”IONISATION

lLes variations avec 17énergie des phases propres de colli~-
sion vTQ peuvent ftre mieux comprises & partir du cas ou ssules
deux voies entrent en jeu. Reprenons 17'exemple considéré dand le
spectre discret, mais cette fois-ci la voie 1 est une voie d io-
nisation ouverte et la voie 2 est fermée. L7 éguation caractéris-—
tigue du déterminant (48a,b) alors obtenue est identigue a 1°7é~-
guation (377) du cas du spectre discret si 17on remplace nvl par

—an comme on l1'a fait remarguer précédemmenc. Ce gui nous donne

donc:

- sin®® cos‘e(tgnpal—tgnpa?J‘/(tng7+tgvp,>3 (=8%)

1 2

tgw7r= Ltgmp

Nous voyons que TF, comme UI(E), présentera des résonances chague
fois gque l’énergie dexcitation E correspondra & 17énergie d un
¢tat de Rydberg associé & la limite d’ionisation E,. c’est & dire
gquand V2+p7 sera un multiple entier de . Nous retrouvons aussi
un fait bien connu, & savoir gue la phase vTFvarie de T au voigi-

nage d’une résonance. Ce saut de n gse fait swr un certain domaine
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spectral et la largeur de la résonance peut Etre assimilée par la

plage dénergie délimitée par les valeurs wr *w/4 gue prend n?

res
lors de son saut de we fuand il yv a plus dune voie ouverte, ce
résultat se généralise: chaque fois gue 17énergie d’excitation
est voisine de celle d’un état discret associé & une limite d’io-

nisation Ei (i > N_ ), la somme des N_ phases “Tf varie de w. A

F P

ces fortes variations des phases propres vrf avec l7énergie cor-—
respondent des résonances dans la section efficace dabsorption
ou de photoionisation. Nous allons maintenant montrer comment la

MEDT nous permet d’atteindre ces guantités.

C) SECTIONS EFFICACES DE FRAGMENTATION

Dans la section précédente nous avons introduit les +fonec-—
tions propres %@ qui nous ont permis d'obtenir une fonction d on-—
de de 17état final tenant compte des interactions subies damns 1le
coewr par la particule diffusée. 11 ne nous reste plus, pour ob-
tenir le spectre de photoabsorption ou de photoionisation
théorique, gqu’a préciser a 1'aide des moments de transition dipo-—
laire l17absorption du phcfon par la molécule. L*élément de matri-
ce du moment dipolaire électrigue entre la fonction d onde finale

—-—

wl (8g.46) et la fonction initiale\y" est défini par:

On peut utiliser la composante =, dans le référentiel du labora-
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toire , du moment dipolaire électrigque, car lors des expériences
de photoabsortion ou de photoionisation en phase gazeuse avec de
la lumiére non polarisée et en 17absence de champ extérieuwr, les
trois directions de 1°espace sont éguivalentes. En utilisant

1’expression (46) de la fonction d’onde\{)1 et 17unitarité de 1la

matrice des vecteurs propres de la matrice S s Soit

17élément de matrice dipolaire électrique peut s’ écrire

D =§: 2Tt <ip> <\yfgz’w">- (52)

Dans toutes les applications traitées, 17état initialﬂp” est 1748-
tat fondamental de la molécule considérée pour lequel la fonction
radiale électronique posséde une amplitude non négigeable seule~
ment dans un domaine trés limité autour des noyaux. Pour tenir
compte de ce fait, il faut réexprimer les fonctions propres
non plus en fonction des voies de fragmentation i, mais plutst en
fonction des voies propres & courte distance an. A ce stade i1
faut différencier deux cas selon gque les voies de dissociation
sont traitées dans le formalisme & une ou deux é¢tapes. Le forma-
lisme & une étape est bien adapté au cas ol la voie de dissocia~
tion est elle-mé&me membre d une série de Rydberg car alors 1a
voie de dissociation est aussi voie diionisation et 1a prédisso—
ciation résulte de la dépendance en R des paramétres MEDT. Le

formalisme a deur étapes est guant & lui bien adapté au cas ou la
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voie de dissociation est un état de valence =t elle est traitée
comme une voie associéde explicitement 4 la coordonnée R. Dans le
premier cas, pour réécrire la fonction W% en fonction des voies
propres &, on utilise la transformation unitaire qui relie les
voies de fragmentation i aux voies propres & courte distance X, &

savoir:

[i> = L <of]i> o> (53)

d.l
En reportant cette expression dans 17éguation (45) qui définit la
fonction %% et en utilisant les expressions (21) pour les coef-

ficients de couplages C et S on ocbtient:

q% = ZEAP ‘a fEE<a]1}(¥(G ,r)ccswp - g(B JF¥sinmy )«i[a’>3 (S4)
L
Dans cette expression les fonctions f(Bi,r) et g(si,r) mises en
jeu sont uniquement des fonctions de Coulomb (cf remarque précé-—
dente ) et on utilise alors le fait que ces fonctions différent
trés peu les unes des autres dans la région interne (ie on négli-
ge la dépendance en i de Gi) du fait de la trés forte accéléra-
tion gque 17électron subit de la part du champ Coulombien dans
cette région interne. Ceci nous permet de factorissr les fonc-
tions ¥ et g dans 17 équation (54) et de pouvoir utiliser 17unita-

rité de la matrice <ijm> pouwr réécrire\ﬁ,scus la forme:

1 ax L (3.r) coswp - g(@.r) sinvuq] {SSb}

\{J = 32 A? xP (55a)
\Pet
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L expression (55b) définit la fonction donde correspondant aux
voies propres x. Nous verrons plus tard dans les applications gque
ces voies ¥ ne sont autres gue les voies Born—Oppenheimer. Pour
le formalisme & deux étapes, on peut aussi déduire une expression
identique & 1 éguation (34) mais & la seule différence gque les
fonctions + 2t g peuvent Etre des %onctions de la distance inter-
nucléaire R. Dans ce cas les potentiels moléculaires ne sont en
genéral pas assez forts pour que l17on puisse négliger la dépen—
dance en i des guantités Bi’ et il est alors impossible d utili-
ser la relation d’unitarité de la matrice <i]a>. Cependant, il
est toujours possible d°écrire w% sous la forme (S5al,mais alors

la fDnctionkya est définie par:
\P“ = % ]1? Ef(ﬂi,r) Cim - g(ﬁi,r) Siaj (S53c)

La différence entre les dquations (S5b) et (SSc) reflete le fait
gue le formalisme en une étape est basé sur une analyse adiabati-
gue du probléme tandis gque le formalisme en deux ¢tapes est basé
sur une analyse diabatique, comme nous 1°avons mentionné précé—
demment . C’est pourquol on doit faire une sommne sur les voies
diabatiques i dans 17équation (55c), qui disparait dans 17 égua—
tion (55b) ou 17°on travaille directement dans la base adiabatigue
%. En reportant maintenant 17expression (53a) dans 17 équation
(32) gui donne 17 élament de matrice dipolaire, on obtient:

T LT

e [p> = Ag D (S6a)

« = Yy [7TIY> (S6b)

w
i
s ~15¢ ]
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L’ expression (56b) définit les moments de transition dipolaire D“
des voies propres & courte distance, on s’attend donc a ce gu’ils
soient trés peu dépendants de 17énergie comme toutes les guanti-
tés lides & la zone interne. La dépendance en énergie est compleé-
tement contenue dans les phases propres TP, les vecteurs propres
{i{?> et les coefficients de mélange Ag gui induiront de fortes
variations dans les Di et par conséquent dans les densités de

force d'oscillateur qui leur sont associées

(df/dE)E

(2/3) E D""~i (57a)

Il

(2/3) E| 3 <ijp> zHp |? (57b)
¢

La densité de force doscillateur exprimée an ev—i est relide A

la section efficace exprimés= =2n Mb par la relation

rr = 109.8 (df/dE)z (58)

111 6 TRAITEMENT DU CONTINUUM OUVERT

Le continuum ouvert est par définition une région spectrale
pouwr laquelle toutes les voies d ionisation st de dissociation
importantes dans cette zone d" énergie sont ouvertes. Ce cas peut
donc ®tre traité comme la limite “"toutes voies cuvertes” du cas
de la préionisation et de la preédissociation. En utilisant 1°é&-
quation (21) pour les coefficients de couplage © 2t S5, le systéeme

linéaire homogéne (48b) s’écrit alors:
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z <i]a} sinmw(p - Te) A? = O , i (S7a)
oA (24 v 4

et la condition (48c) devient:
. ) _ e~ . o
E <1]u} CDSW(pK T?) Aa al’€> s Wi {(57h)

En multipliant par {a’]i> les deux membres de 1’éguation (5%a),
en sommant les i édgquations ainsi obtenues et en utilisant 17uni-

tarité de la matrice {i}u> 17 équation (5%a) prend la forme
AP sinm(p - 71,) =0 , ¥ (&0)
X x f
dont les solutions sont:

Tp = P (61a)
al = & (61b)
X

.:x,()

2t 17 éguation (59b) devient alors
<i!f} = {ijox> (&1c)

Ces trois expressions (&4ia) (&1b) et (61c) montrent qu’a la limi-~
te "toutes voies ouvertes" les voies propres de collision }?> ca-—-
ractérisées par leurs déphasages propres Tr deviennent identigues
aux volies propres A courte distance ,m?. On retrouve ainsi 1le
fait bien connu en théorie des collisions, & savoir que la matri-

ce § et la matrice K (toutes voies ouvertes) ont les mémes phases
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propres et les mEmes vecteurs propres. Ceci montre aussi que les
différences (pa - f) et <ilm> - {i[f} sont des mesures directes
de l’intensité de l1°interaction avec les voiss fermées. En outre,
on comprend mieux pourguoi les défauts guantigues propres Yo dé—
pendent tré&s peu de 1% énergie dans la région du continuum ouvert.
Cest simplement parcequ™il n'existe plus de voie fermée sucepti-
ble de provoguer une brutale variation des pu analogue & celle
des Tf.

La fonction donde générale dans une voie 1 préalablement
thoisie se déduit donc de la fonction dfonde correspondant & la
region de préionisation et de prédissociation (4g.46) en utili-

sant les égalités (b1}, ce gui conduit a:

T - -

Yiog g <x|ixV (62)
'y [v4

La densité de force d’oscillateur dans la voie i observée pour lg

processus d'ionisation ou de dissociation directe est alors

simplement:
R - 2
(df/dE)s = (2/2) E} z eL ﬁ‘ﬁi}a} D f* (63D
1 & 4

On peut remarquer la simplification de cette formule par rapport
a la formule (37b) qui décrit le cas de la préionisation et de la
prédissociation. 0On a un terme source donné par les moments de
transition Da s Ppondéré par 1l amplitude de probabilité {i]u} de
sortir dans la voie i choisie. Le seul terme gui rend compte des

. iU
interactions a courte distance est le terme de phase e“r&qui in-
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duit des mélanges et est suceptible de modifier les rapports de
branchement entre les différentes voies i, c’est donc ce terme de
phase qui est & l°origine de ce gque 17on a appelé les interac-—
tions continuum—-continuum. En effet supposons que tous les dé—
fauts quantigues propres soient égaux. Nous avons montré précé—
demment qu”il n’y avait alors plus d’interaction possible entre
les voies i. Cela se traduit, au niveau de la force d’opscilla-
teur , par le fait que maintenant la somme sur « dans 1 expres-—
sion (61) est une somme incohérente, soit:

- 2
(df/dE)z = (i!u)‘ D (62}

Z
£
Cela signifie donc gqu’il ne peut plus y avoir d’effet d’interfé—
rence entre les différente voies i. On peut aussi remarguer gque
la section efficace totale, &qui est par définition la somme de
toutes les sections efficaces partielles i, ne dépend pas des dé-
fauts guantiques propres My du fait de l17unitarité de la matrice
de transformation <ila>. On a donc

=
.

(d—F/dE)tDtale = E Da (63)
Tous ces éléments montrent gue 1°on ne peut étudier les effets
des interactions continuum—continuum gu®au travers des sections
efficaces partielles car elles contiennent des termes de phase
et T4 qui sont & l7origine dinterférences constructives ou des-—

tructives entre les différentes voies i. Il existe cependant une

autre observable, encore plus sensible aux effets dynami gues que
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les sections efficaces partielles, c'est la distribution angulai~
re des photoéléctrons émis lors de ces processus d’ionisation di-
recte ou indirecte (nous n”avons pas étudié la distribution angu-
laire des atomes émis lors de la dissociation directe ou indi-
recte ). Cette sensibilité des sections efficaces différentielles
tient au fait gu’elles font intervenir la phase de 1°électron
¢jectéd, d’ol la possibilité d’interférences, méme au niveau de la
section efficace différentielle totale. Nous allons maintenant
montrer comment 1°on peut déterminer la distribution angulaire

des photoélectrons.




IV DISTRIBUTION ANGULAIRE
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IV DISTRIBUTION ANMGULAIRE DES PHOTOELECTRONS DANS LE CADRE DE LA

THEORIE DES MOMENTS TRANSFERES

Les études expérimentales des spectres de photoionisation
comportent de plus en plus souvent une analyse de la distribution
angulaire des phoélectron émis. Une telle dtude est un complément
indispensable & 1la détermination des sections efficaces intégra—
les , car de nombreux exemplss montrent que les sections effica-
ces différentielles sont plus sensibles a certains effets moléecu-
laires que les sections efficaces totales. Ainsi dans le conti-
nuum ouvert, les interactions rovibronigues & courte distance ne
sont pas du tout ressenties au niveau de la section efficace to-—
tale , alors que 1°on peut déja observer leurs effets dans la
distribution angulaire des photoélectrons. Cette tendance est en-—
core plus sensible guand on étudie les processus de préionisation
i les effets dynamigues sont plus margués.

La section efficace diftérentielle des photoélectrons émis
lors de 17ionisation en phase gazeuse de molécules, gqui ont alors
toutes les orientations possibles, par un faisceau lumineux li-—

néairement polarisé, est donnée par le théoréme de Yang:

(de/dw) = (o/4m) [ 1 + P (cos8) 1 {(&4)

o o est la section efficace intégrale, © l7angle d éjection me-—

suré & partir du vecteur champ électrigue de la lumiére, P, est

le polynéme de Legendre de degré 2 [(Jcos™™e - 1)/2)1. La section
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efficace différentielle est caractérisée par le paramétre d®asy—
métrie (3 dont les valeurs doivent Etre comprises entre -1 et +2
pour que la section efficace différentielle reste positive. Par
exemple la valeur g = 2 correspaond a une distribution en casze
qui présente un maximum dans la direction du vecteur champ élec-
trique de la lumiére, g8 = © correspond & une distribution isotro-
pe et § = -1 correspond a une distribution en sinze, qui présente
un maximum dans le plan perpendiculaire au champ électrique. Plus

généralement si 1°on utilise un faisceau de lumieére arbitairement

polarisé on a:
(do/dQ) = a + b cos e’ (65)

ol l7angle d éjection ©° est mesuré a partir de la direction de
propagation de la lumigre, a et b sont deux coefficients dépen—
dant du degré de polarisation de la lumiére. En particulier, avec

de la lumiére non polarisée on obtient:
(do/d) = (o/4m) L 1 - 1/2 @ Fof{cose) 1] : {&&)

Le but des études de distribution angulaire est de tirer des
informations sur la symétrie des édtats initiaux =t finéls de la
cible (aspect géométrique) et des informations sur le processus
de photoionisation 1lui m8me {aspect dynamique). La difficulté,
une fois obtenue une valeur de 3, est d évaluer les contributions
respectives de 1% aspect géométrigue, cest & dire 17algeébre angu-—

laire qui décrit 17absorption d une unité de moment angulaire du
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photon par la molécule, et 1”aspect dynamigue du processus, a
savoir l’effet de l7anisotropie du coeur moléculaire sur 1°8lec—
tron excité. L’intérg&t de la théorie des moments transférés de
Fano et Dill (1972) est de séparer ces deux aspects en tirant
profit du fait gque les sections efficaces différentielles sont
mesurées dans le référentiel du laboratoire, tandis gu”il est
préférable de décrire les interactions dynamigques A& courte dis—
tance dans le référentiel moléculaire. Ainsi en analysant les
moments angulaires respectifs des réactifs et des produits finals
de la collision, ils déterminent une fois pour toute les parama—
tres géométrigues sans avoir & se préoccuper des détails du pro-
cessus  dynamique mis en jeu (par exemple si 1’ionisation est di-
recte ou résonnante). La distribution angulaire s obtient alors
en calculant un petit nombre de paramétres dynamiques, invariants
par rotation, qui caractérisent plus spécifiguement le systeéme
gtudié. Nous verrons gque ces paramétres sont identigues a ceux
utilisés pow déterminer les sections efficaces intégrées, c’est
4 dire les défauts guantigues Hor les éléments de la matrice de

transformation <i}a> et les moments de transition Da'

1V 1 THEORIE DES MOMENTS TRANSFERES : ASPECT GEOMETRIQUE

Le processus de photionisation d’une molécules diatomique M.

correspond & la réaction

o

My (I MU+ Ge= lumg) —> M, (INT,MT) + e (1,m
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ol pour lYinstant seuls les moments angulaires des réactifs et
des produits sont précisés car nous nous intéressons uniguement &
1" aspect géométrigue. Les autres nombres gquantiques nintervien-—
dront qu®au niveau de 1% aspect dynamigque, ce gui expligue la gé-
néralité du traitement. Précisons aussi que les projections des
moments angulaires sont relatives au référentiel du laboratoire,
la ob sont chservés les phctoélectrons; L*amplitude de probabili-
té pour que 1°électron spit émis dans la direction (87,8%) peut

Etre exprimée A 1’ aide des éléments de la matrice S de collision,

soit:
L Y, (@7,8%) (N+M+ 1 S JUMY L b (67D
Ben 1Im 4 atm l ’ »dy My

o Ylm est une fonction harmonigue sphérigue. On doit sommer sur

1l et m car on impose toujours & 17électron de sortir comme une
onde plane gqui est la superposition de tous les moments angulaif
res orbitaux possibles de 1 électron. La section efficace diffsa—
rentielle est alors proportionnelle au carré du module de 1°ex—
pression (&7) sommée sur les projections M" et M+. 11 existe deux
manieres danalyser l17algébre angulaire de la réaction ci-dessus:

—~ soit utiliser le moment angulaire orbital total J

g 3 N + 1 . (6813

+

lLes coefficients de Clesbch-Gordan (J"M",jY Mo }JM"+m1 ) at
(N"M", 1m|aM"+m)  nous donnent directement 1°amplitude de probabi-

lite de former un état J en couplant respectivement les moments
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angulaires J",j et N+,l. Ce gqui permet d’écrire

N Im s amme sme) = 2 M, ImjadTem NT1 S (375
J
(IM"+my [IUMY, G my) 8”"#~,M"+M§69)
ot 17on somme sur toutes les valeurs de J permises par 17éguation
de conservation (68) (la fonction § est introduite pour respecter
la régle de somme sur les projections des moments angulaires
orbitaux).
- spit, comme Fano et Dill, Faire intervenir le moment

transtéré j défini par:

t

- N e A

Cette relation représente une autre maniére décrire la conserva-
tion du moment angulaire, pourvu gu®aucuns mesure de 1l orienta-—
tion de 17ion résiduel ne soit faite. En algébre angulaire il est
en régle générale judicieux de coupler les moments angulaires qui
ne sont pas directement observés. Liexpression (70) définit donc
le vecteur ?; comme le moment transféré au mouvement de rotation
des novaux A& la suite de 1°absorption d'un photon par un  élec-—
tron , sans pour autant spécifier l’interaction ( aspect dynami-
que ) gui est & 17origine de ce transfert. Pour introduire ce mo~

ment il faut +trouver une relation de transformation gui re-

It
couple maintenant respectivement les moments J" et N+ et les mo—

ments jﬁ et 1. Cette transformation est la suivante:
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TN - Tetimy

(N+M+,1m!JM+m) (IMt+m (UMY G M) = (=1) (23+1)
“+ -+ -+ . 1 N+ J
EANT=MT,3M 5 M -MT) G —m ] 1-my 5 my) o . (71)
Je J" 3 Jt

En substituant cette expression dans 17 déguation (4%9) on obtient:

‘)H,“K_Nh nr
(N+M+,lme!J"N",jv mx) = (-—1)‘ * :‘z (N+_M+’J”M"{jt Ml'_M+)
1]

Gemy =m[l=mygme) (NL[SG [T ) Srrum mlmg  (72)

+ . . I3y v N + ,
{N I‘S(J )lJ"J ) = X (-1) (2J+1) (N IIS(J){J"J }
£ LA .o f
J" g Jg
(73

Liexpression (73) définit un nouveau type de matrice S(jt) &n
fonction de la matrice habituelle S(J), ceci dans le référentiel
du labaratoire.

Nous allons maintenant montrer le principal avantage de la
formulation de la distribution en terme de la matrice Evjt) plu-
tét gu'en terme de la matrice 8(J): la section efficace différen—
tielle est alors, pour les différentes valeurs de jt permises par
la relation {(70), une somme incohérente des carrés des modules
des amplitudes %¥jt)' La section efficace différentielle est pro-—-
portionnelle au module carré de l7expression (67) sommé sur les
différentes projections M" et M+ des moments orbitaux initial et

final de la cible, soit
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(de/di){ £ I L

‘ + + .
I (6,2) (N"M ,1m | 8 | J"M" 5, myg)
M* M ﬂ

T IY
B wa 1im
*
Lz vy, 8,8 NmML,1rm) s [ 3"M", 5 mgd1  (74)
elw‘glm
Dans cette expression les indices primes indiguent la possibilité
de termes croisés, Cette possibilité n’est envisagée que pour le
moment angulaire orbital de 17électron. Le photon, guant & lui ne
peut apporter qu'une seule unité de moment angulaire j5= 1 et sa
polarisation, dans une exﬁérience donnée, est fixée. De m8me on
ne considere pas la possibilité de termes croisés pour le moment
J" car en général 1°état de départ est bien défini,ni pour l2 mo-
ment N+ car 1°on impose & l17électron de sortir dans une ssule
voie préalablement choisie. En injectant 1°expression (72) de la

matrice § dans 1°équation (74) on obtient:

r ! * 1 ! 4
(do/dsdd EEESY. (8,8)Y), L (8,8)EL (i, my—m|l-msi, m) (NT1{S(5.)[I"5.)
saelim 17m b e ! 5 0y [Sig) |97y
uog - B P o F 5 =1 —rpy
(J'JtlS(Jt )}N 173(17—m ,ij{ljt My—m™) amm’
£X (NT-MT Mg Mty (G M= NI g (75)
Wnll t 't

Les relations d orthogonalité des coefficients de Clesbch-Gordan

nous donnent

£z (N+—M+,J"M"]th"—M+) G’

[T + ot M2 - &L
o £ M"—M !N M ,JdUM") 65‘ i (74)

et l'expression (73) se simplifie en

' E Lt . i . + . o
1m(e,§) Yl,m(e,e) i(Jtm m!l Mydgmyed (N llS(Jt){J Jg?

Hog 4 +:‘* 5 4 > > :
(q JX’S(Jt)IN 1 )(Jtm,-m ;1 ~m ,me() (772

(do/dR)d ZIXY
0
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Nous obtenons bien la section efficace différentielle sous forme

d’une somme incohérente sur les différentes valeurs de j elle

t!
aurait été cohérente (ie une double somme sur J et J°) si 1%on
avait utilisé la matrice S(J). En fait la double somme sur J et
J? est cachée'dans le produit Sl(jt)Sl,(jt). Mous verrons que la
formulation en jt est trés avantageuse dans le cas ol, pour une
valeur de N+, une seule valeur de jt est compatible avec la rela-
tion de conservation des moments angulaires (70) car alors le pa-—
ramétre d asymétrie @ s obtient sans aucun calcul, il a une va-
leur géométrigque. D abord, il faut montrer gue l’expression (77)
de la section efficace différentielle peut &tre mise sous la for-
me (64). Pour cela, il suffit d’exprimer le produit des deux har-—
moniques sphérigues de 17 éguation (77} comme

1

o
¥ <',§’)Y“m<e;§'> = (-1)" [((21+1) 217+ Y %18y

]
E (16,1’0[k0) Pk(cmse) (kO}lm,l’—m) (78
la section efficace différentielle s écrit alors

kL

(do/df) & SZ5 (N1 [S(5,) [ 74550 (3518¢5 ) [NT173
E(’,'Ab t ' 3 t ,
E((21+1)(21’+1))1/43/4v E (IO,I’O;RO) PP(CDS@)

m o, oy g _ . o s . N
£<_1) (kU]lm,l m}(Jtm m}l m,mex)(l m,JmejJtmx m) (79}

I1 ne reste plus gu'a évaluer la somme sur le nombre quantigus m

gui est donnée par
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ﬁ(-i)”‘ (kO[1my1-m") (i, m —mjl-myip me) (17 =m, iy my |5, m —m)

i i k

L T4 ' ] 3} aad

(43t+1) ) (kO}szr,J‘ My) (80)
1 17 =

(=1) jri-Q*Q"{ "y

On parvient ainsi & écrire la section efficace différentielle

sous la forme compacte et trés générale suivante

+ : "y ng : + v* : : E] /
(do/dR) e gé% (N 1’8(Jt)lJ JK)(J %!S(Jt)’N 1% @(dtgjzmxll 19) (81)
t

Y

ol les aspects dynamique et géométrigue sont maintenant bien
separés. L’ aspect dynamigque est uniguement contenu dans les é1é-
ments de matrice S(jt) qui seront explicités dans la section
suivante. L aspect géométrigue est quant & lui complétement dé-
crit par la fonction (D qui ne dépend gue du moment transféré jt
et des moments angulaires des particules observées, mais pas de
l1"état guantique de la cible. C7est la gue réside la tr2s grande
géneralité de la théorie des moments tranférés de Famo et Dill
qui ne fait pas cas de 17état de la cible et peut ainsi traiter
une fois pour toute 1l°aspect moment angulaire. Par exemple si
l17on considére gue lors du processus de photoionisation 1%ieon
formé peut Etre excité vibrationnellement, la vibration sera pri-
se en compte uniquement dans les éléments de matrice Sl(jt) gqui
dépendra alors du nombre guantigue v+, mais on gardera la mEme

fonction angulaire . Cette fonction, pour un faisceau de pho-

tons linédairement polarisé(jx= 1 et m5= O), est donnée par
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.

4
® (3,510 11730) = (-0 1oy (217410227374 (23,_+1)
1 1k ,
5 (10,170[k0) P,_(cas®) (kO|10,10) (82)
. K
K 117 gy

Deux propriétés de la functicwx@ découlent immédiatement de sa
définition (B2). Le coefficient de Clebsch-Gordan (kO!iO,iO) est
nen nul uniquement pour k = 0,2 , cette condition nous permet
donc de retrouver le résultat trés général du théoréme de Yang
(1948) sur les corrélations angulaires. De mé&me, le coefficient
(10,1’Olk0) agst non nul si la somme 1+17+k est paire. Comme k est
aussi pair, on en déduit qu’il n*existe des termes dinterférence
gue pour des valeurs de 1 qui différent de deux unités de moment
angulaire. En dautres termes un électron s ne peut interférer
quavec un électron d, un élsctron p quaver un &dlectron + etco.
I1 ne nous reste plus qu’a)déterminer cette fonction pour les va-
leurs de 1 permises par l17éguation de conservation (70}, & savoir
1 = jt’ jt * 1. Seules les guatre combinaisons suivantes de 1 et
1 correspondent & des fonctions non nulles

-1 =1" = jt gue Fano et Dill ont classé comme un cas dé-—
favorisé du point de vue de la parité dans le sens que
ALY

-(~19* = (- . alors

(jt: 10 jtjt;é’) = (1/12?)(Ejt+1)E1—P?(CDSG’)3 (BZa)

-1 =1" = jt * 1 classé comme un cas favorisé du point de

e 3 _ Briy
vue de la parité dans le sens gue (-1)% = (-1) alors
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[ — }
®tr10 F¥LIH130) = (1/12m) (25, +1) D1+ (5, +2) (25 +1) 1 P, (cose) ]
(B2b)
U '}
®Gt;10 §, -15,-138) = (1/12m (25, +1DL1+(j, ~1) (25, +1) - F_(cosé) ]
t "t t + t :
(82c)
avec la possibilité dun terme croisé
® (jt;10 Je*lig=1567) = -(1/12n)3£jt<jt+1>31/‘P7(cose’) (82d)

En reportant ces expressions (82) dans 17éguation (81) la section

efficace différentielle peut se mettre sous la forme

Il

{do/dR)} Z (o3 )/ 4m £1 - ﬂ(jt) Fo(cose™) ]

t
(8%

On en déduit aisément gue

v =3I w(jt) (84)
it
# = [Z ﬂ(Jt) U(Jt)]/F (83)

e

averc dans le cas parité favorisge
. - 2 2
U(Jt) = (;Jt+1) Ljs.|” + }S_g ] (86&)

et

(5,+2) |8, | S+ (3, -1)|5_|5=305, i+ 1%
Jpr2) |5, ] TG R Nt PO Pt

+1) [fS, |7 + |s_|71

S, 5 _+5,5 1

B3 : (87)
t (23,
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ot les indices % dénotent les éléments de matrice Sl(jt) avec

1 = jt * 1. Le coefficient «, dans 17 éguation (B6) s =st une cons—

tante de normalisation donnée par:

AL

xR o= /E4n(2J"+1) 3] (88)
ol est la longeur d'onde du photon incident. Pour le cas parité
défavorissée

. - . . 2
F(Jt) 0 (~Jt+1) [SO(Jt)’ (89

] = - {
B(Jt) i (3P0}
ol l7%indice O dénote la valeur 1 = j Ces formules déferminent

e
complétement 1% aspect géométrigue de la distribution angulaire, a
savoir toutes les possibités d”échange de moments angulaires en-
tre 17électron 1 et la cible & la suite de 1 absorption de 17uni-
te de moment angulaire apporté par le photon. Les interactions
dynamiques & l7origine de ces échanges sont guant &4 elles complea-
tement contenues dans les éléments de matrice Sl(jt). Notons ce-
pendant que dans certains cas particuliers les gquantités ﬂ(jt)
sont connues analytiquement. Considérons par exemple le cas pa
une seule onde partielle 1 suffit powr décrire le photoélectron

gjecté. Alors l"éguation (87) se simplifie pour donner

(J,.+2) /(23 +1) , 1 = j,+1
. t t ;
G(Jt) = t ' (F1)
_— g Lo
(Jt 1)/(_Jt+1) . 1 Jt 1

De plus, il peut arriver gue 17état guantigue Nt de la cible ne
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soit compatible gu’avec une seule valeur de j en ce cas (3 prend

£
17une des valeurs géométrigues B(jt) ci-dessus. 0On comprend donc
mieux 1% avantage dé la théorie des moments transférés, au moins
dans les cas simples, car celle ci fournit alors la valeur du pa-
rametre d’asymétrie # sans le moindre calcul. En général les si-

tuations physiques rencontrées sont plus complexes, il faut tenir

compte alors de l17aspect dynamique propre au probléme traité.

1V 2 ASPECT DYNAMIGUE

Dans la section précédente, nous avons raisonné dans le ré-
férentiel du laboratoire ot 17électron est détecteé, mais pour
traiter 1’aspect dynamique, cest & dire les interactions a cour-—
te distance, il est préférable de se placer dans le référentiel
moleéeculaire. En effet, 4 courte distance, il n*est plus possible
de découpler les mouvements de 17é&lectron excité st du cosur
résiduel. Deux cas se présentent alors selon que la structures ro-
tationnelle est résolue ou pas. 5i la structure rotationnelle est
résplue on raisonne cbligatocirement sur les amplitudes S(J) défi-—
nies dans le référentiel du laboratoire, mais ces dernidres pau—
vent s exprimer en fonctions de paramétres dynamigques gqui esux
sont définis dans le référentiel moléculaire. Dans leur traite-
ment de la distribution angulaire, Fano 2t Dill laissent compleé-—
tement libre la maniére de déterminer ces amplitudes 3(J) ou les
amplitudes Sl(j ) gui s7en déduisent. NMous allons montrer mainte-

t

nant le lien qui existe entre ces amplitudes S(J) et les forces
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d*oscillateur déterminédes précédement dans le traitement MEDT.

Iv 2.1 CAS DE tA ROTATION RESOLUE

Four rendre compte de la structure rotationnelle nous avons
besoin de préciser le traitement MEDT général présentséd dams le
chapitre préceédent, en particulier 1%état rctatimnneIN+ et le
moment angulaire orbital 1 de 17électron édjiecté dans les fonc—
tions d’onde des voies asymptotigues i. De plus, nous ne considé-—

+, 3 % s
rons que les édtats }iN 1> tels que N + 1 = J, c'est a dire les
etats correaspondant & un état J donné du moment angulaire orbital
total du systéme cible plus électron, car J est le nombre guanti-
que qui se conserve au cours de la collision électron cible. La
probabilité de former, a partir d’un ion dont le moment orbital
des novyaux est N+ et d’un électron de moment angulaire 1, un état
de moment cinédtigue J est donnée par un coefficient de Clebsch-

Gordan:

[INTL = z (N"M-m, 1m I [inT13Y (92)
o m et M représentent respectivement les projections de 1 et J
dans le référentiel du laboratoire. Ces précisions données, re-
prenons le traitement MRDT au niveau des conditions asymptotigues
pour les voies ouvertes, gqui seules nous intéressent dans le ca-
dre de la distribution angulaire. Pow une valewr J donnée, la

condition asymptotigque (41) s écrit alors:
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N S
Y= zzze ‘2/“"‘1;\:*’1/2 (1721 ) [iN"1>
e

J PPN
Yin 8P

Ee+i(kayr~ln/2+q€

-

) t——' =i - - x
Sfﬁﬁ,iMi SiNﬁ,iN& = (k“ﬁr ln/6+at)3 (93)

Dans cette expression (93) nous avons maintenant précisé la phase
correspondant au potentiel A longue portée, c'est a dire la phase
coulombienne Ty - En utilisant exactement la démarche suivie dans

le cas général on obtient:
iNl g LTI —iw J
Y = I <pliNT1>Y e P &V? (94)

Notons que la matrice S et par conséquent ses vecteurs propres
<PliN+l>J ne dépendent pas de la projection m du moment angul ai-
re orbital de 17électron car on suppose qu’il n'y a pas de champ
extérieur suceptible de lever la dégérescence en m. A ce stade
une dernieéere difficulté subsiste, a savoir gu’en reégle générale
dans le cas moléculaire le nombre guantigue 1 nest pas un bon
nombre gquantigue puisque la symétrie du champ moléculaire n”est
pas sphérigue. Cela signifie gqu’a un état quantiqgue donné du
coeur résiduel correspondent plusisurs ondes partielles 1 de 1%é~
lectron éjecté et nous devons maintenant sommer sur toutes cas
ondes partielles pour reconstruire 1°onde plane associde & 17é&—
lectron gquand il arrive sur le détecteur. Cette sommation conduit
a:
\SKTI\?J

Py
£ a'i' \PlN 1 g (95)
¢
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Il nous faut maintenant déterminer ces nouveaux coefficients de

meélange des ondes partielles a Four cela on identifie le terme

1°
onde sortante de la fonction d’onde de 17électron édiectd A celui

de l’expression d°une onde plane de Coulomb, donné par:

£r il @7 %y, (k) re
im

£ wa

+i (kr—-1n/2+c

) - i tkr-bv Ty

1Yy (87,97

(9&)

~ .
ol k? représente la direction d*éjection de 1°électron dans le
référentiel du labaratoire. De la comparaison des édquations (33)

et (96) on déduit

1 - X ~
ar = it ™19 3 v¥ (% (973

ce gui conduit pour l1°expression de la fonction d’onds pour une

. . R
voie de sortie iN A

Ul % e J—
N2 Fz vi (k) z it &M <i(7]iN+l>J (98)
W P

Dans catte derniére expression on voit bien que cest 1 harmoni-
que sphérigue Y;a(g’) gui régit la distribution angulaire des
photoédlectrons. I1 ne nous reste plus maintenant gu’a exprimer
l1"amplitude du processus de photoionisation dans la voie ;El a
17aide de cette expression (98) et de 17éguation (38a), gui défi-

nit les fonctions propres de collision P en terme des voies pro-

pres o et gui s'écrit:
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%3 _ fﬁ.ﬁij"*’* \\Jf'm \ (99)
Dans 1l expression (99} la partie rotationnelle est caractériseée
par les projections A" et A des moments angulaires N+ et 1 sur
17axe internucléaire . En effet la projection A de 1 demeure un
bon nombre guantigque bien gque 1 ne le soit plus pour la symétrie
moléculaire. De plus nous avons preéféré noter par N+ les fonc-
tions propres rotationnelles plutst que par le nombre guantigue
habituel A « projection sur l’axe moléculaire du moment cinétique
total J. car par exemple dans le cas d’un  électron d et diun
coeur ionique de symétrieTT, un état de symétrie totale W peut
§tre obtenu aussi bien en combinant ce coewr avec un électron dro

gue d&. Plus explicitement on peut définir la partie rotationnel-

)
ile d £ 1
g des fonctions «L,AHA par
5 - 3 ¥ . 1/2
KP = 3m,ﬂ L (BT ,ET,0) [(2J+1) /4w] - (1003
A%\ M AT
3
ou D (8% ,37,0) représente une fonction donde de la toupie sy-—

M ANA

métrique gui dépend des angles d Euler % st ' décrivant 1°o-
rientation de 17axe internucléaire de la mpolécule dans le réfa—
rentiel du laboratoire, le troisiéme angle dEuler X étant mis &
zéro (dorénavant nous noterons cette fonction d onde D(R)). Enfin
pour ne pas compliquer le probléme nous avons omis la symétrie
moléculaire qui doit Etre prise en compte des que N+d est diffe-—
rent de zéro (nous traiterons ce probléme dans la section sui-—
vante ). De mEme nous pouvons écrire pour 17 état fondamental une

fonction donde de la forme:
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S“ %
= (5 D Ry [ag 1/2
W = N> Dy, g (RY L2341 /473 (101)

L= moment dipolaire glectrique gquant a lui s éerits
— 3 — e!_ - 1/2 3 > "y %
' = r cosU’= [4n/3] r Y10 (0, ") (102

Les fonctions n<§) peuvent aussi servir de matrice de passage du
reférentiel du laboratoire au référentiel mal éculaire, par le dé-

velappement

*
4 ~
> -4 - 3
Yio (07,97 f"v“xcﬁ,\f) Doag (R (103
qui permet d’exprimer le moment de transition dipolaire dlectri-
que dans le référentiel moléculaire sous la forme:

z* = [4n/31Y% 3 & Y, @) D, R (104)

Ay Ax 1y

Lamplitude de la transition de 1°état fondamental vers 1" état
guantique «, A'+A peut ®tre évalude & partir des expressions

(100}, (101) st (104) :

!‘-_;;*.T 3 a ~
Wz s = re2aveny 20+ 17 280 ranszil/2 g S AFA Y,y AT
LI /9N A . lig
’ 4R D> R R (1o
M At A 0,A¢ A -

En utilisant la relation
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~ A " _
D . (R} = (-1) D o 1429 (106)

l1’intégrale sur le produit des trois toupies sphérigques peut Stre

calculée analytiguement et 17on obtient le résultat suivant:

R*I 3! I A

< z? > o= <N jJe>» d (J"MY, 10]IM) § . (107)
\wﬁm [t | A $ 1ol Mot

oU nous avons posé

At 1/2

A ey = FAT/ET <o R+A | Yy o A (108a)

I I3
¥e /\*;,\;Jw = (-1) (1—/\*-—,\+A",JA*+>.;J“A"> (108b)

En regroupant les édquations (92), (98), (99) et (107), 17 expres—

. . . L A . . .
sion de l17amplitude dans la voie de sortie iN choisie s écrit:

w L * 1l iey T T
SZERTAEED v: (£7) 2(N+M~m,1mlJM) ex {1 e”c'»:iN*l;p 2 TP
A T 3
eS All 3
2z F?(Nd‘mg( X [3553 (IUML 10 [IM) S (109)
79N O W] x

La comparaison de cette expression avec l1°équation de définiticon
de 1 amplitude S(J) (£0g.469) nous donne immédiatement 1°expression
de cette amplitude dans le cadre du traitement MEDT, & une cons—

tante de normalisation prés, & savoir:

——— 1 11

p3 s
A d < /\*f,\lJ".}(liO)

LA Qe
8
'S A*O}s‘lh'*’\ L

GNTL S (D |3"55) = w xi‘ee""wm‘“l)f;\
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att——

La distribution angulaire dans la voie iN+ est maintenant complé~
tement déterminde, il ne reste plus gu’a introduire cette expres—

sion dans 17é4quation de définition des amplitudes S ) pour

193¢

1 obtenir.

IV 2.2 CAS DE LA MOLECULE SANS ROTATION

L>étude de la molécule sans rotation est un cas particulier
trés important. Il est extr&mement rare, pour des molécules au—
tres que 1l hydrogéne, gque la structure rotationnelle des noyaux
soit résolue lors de la détermination sxpérimentale de la distri-
bution angulaire. Il sst donc nécessaire de bien comprendre les
consequences, au niveau du calcul de la distributien angulaire
des photoélectrons, de 1 omission du mouvement de rotation des
noyaux .

Lorsque le mouvement de rotation des novaux est négligsa, il
est possible de raisonner uniquement dans le référentiel molécu-—
laire , ce qui n*était pas le cas dans la section précedente. En
effet, seul le calcul de la probabilité de transition a été con-
duit dans le référentiel moléculaire, mais la matrice S de col-
lision , en fait ses valeurs propres wP gt vecteurs propres {i]P}
ont eéteé évalués dans le référentiel du laboratoire. A aucun mo-—
ment dans les équations de la section precédente nous n'avons

tait dépendre ces valewrs et cos vecteurs propres de la projec-
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tion NM+A du moment cinédtigue total J sur 1’axe internucléaire .
Cest en fait ce gque nous nous proposons de mettre en oeuvre dans
cette section afin de pouvoir séparer dans le traitement MADT les
différentes symétries moléculaires (£, ...) et de les faire in-
terférer uniquemen; au niveau de la détermination de la distribu-
tion angulaire, seulement apras avoir appliqué les conditions
aux limites dans chague symétrie. Nous négligeons ainsi toutes
les interactions rotationnelles car pour tenir compte de ces der-
nieres il faut faire interagir les états moléculaires de symé-—
tries différentes avant d’appligquer les conditions aux limites.
Par 14 m&me nous négligeons 1 autpionisation rotationnelle et
toutes les interactions continuum—continuum entre les voies d*io-
nisation ne différant gue par le nombre quantigque rotationnel.

Il existe deux fagons de traiter le cas de la molécule sans
rotation. La premiere consiste & partir dune expression MEDT
dans le référentiel moléculaire (donc sans rotation? de l1a fone-
tion d’onde de la voie de sortie choisie, de la transformer dans
le référentiel du laboratoire pour en déduire la section efficace
différentielle. Cette approche revient en fait & retrouver 1°as-—
pect géométrigque de la distribution angulaire dans le cas de la
molécule sans rotation. La deuxiéme méthode consiste & partir de
€2 que 1’on connait déja, a savoir 1l expression de la section ef-—
ficace différentielle dans le référentiel du laboratoire au tra-
vers des gléments de matrice 5(J) gqu’il faut maintenant exprimer
dans le référentiel moléculaire avant de moyenner sur tous les
niveaux rotationnels possibles. Cette derniére approche est 1la

plus intéressante et nous montrerons gu'elle permet de retrouver
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les régles de sélection moléculaires qui découlent des régles de
conservation de la parité pour lesquelles la rotation joue un
rile prédominant. De plus cette seconde approche donnera un exem—
ple du concept de transformation de repére qui a permis de faire
progresser la compréhension et le traitement des processus molé-—
culaires tels gue la prédissociation et la préionisation. C est
pourgquoi cette seconde approche a été préférse,

Il est donc nécessaire d’évaluer la matrice S(J) dans le ré-—
férentiel moléculaire et d’exprimer les fonctions d’onde des
voies d’entrée et de sortie dans ce référentiel. Nous allons com—
mencer par examiner les voies de sortie pour lesquelles le passa-
ge au reéférentiel moléculaire =st 1e plus compligué.

Dans toute cette section, comme nous nous intéressons uni-—
gquament & la partie rotationnelle des fonctions d’onde des voies
d’entrée ou de sortie, nous ne gardercns, pour simplifier les
notations, gue les nombres guantigues nécessaires a la descrip-
tion des fonctions dionde rotationnelles. Dans le référentiel mo-—
léculaire la partie rotationnelle de la fonction d’onde de 17 &tat
tinal N+ de la cible peut Etre représentée explicitement par:

& i ¥

. . -1/2_ . N A by o NYFA
[2(1+8p ) ] Ly Do (Y F 7R D, W F2 3

2
INT> = C(aNT+1) /7an1t/?

(1112

ol N*représente la projection de N+ sur l7axe internucléaire et
+ +

4 combinég avec N indigue la parité par rapport & 17 opération
d'inversion I dans le référentiel du laboratoire de la fonction

. . +., . + A . +
d*onde de rotation }N >y soOit I= W(—l) . Ce nombre guantigue q
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caractérise aussi 1 opération r, de réflexion sur un plan conte—
nant 1%axe internucléaire puisque 1l°inversion I dans le référen-
tiel du laboratoire est équivalente a 1 opération T, dans le ré-
ferentiel moléculaire. En effet, 1l’application de 1’opération I
sur la fonction )N+> se fait en deux temps: dans un premier temps
nous appligquons 1°opération T, aux guantités définies dans le ré-
feérentiel moléculaire, puis 1’opération I aux guantités définies

dans le référentiel du laboratoire. L>application de T, donne
+
o, [N = -0 a (112)

Lapplication de 1’inversion I donne

N NLA b
ID (R = (-1) D

(R} (113)
", A ﬂ", Y " 13

Finalement, en appliguant successivement les relations (112) et
(113) & la fonction d onde rotationnelle (111}, nous retrouvons
bien

-
I N"> = Fe—1) N [N (114)

Notons gue dans le cas d*un coeur ionigque & (hr = 0), la dégéné~
rescence de la fonction d’onde rotationnelle (111) niexiste plus,
17état du coeur posséde une parité bien définie, a savoir

o, [N*= o> =q+g N= o> (115a)
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Afin de conserver 1l expression générale (111) et de pouvoir dis-—
tinguer entre un état Z+ ou 2_, nous avons adopteé commme Chang et

Fano la convention
7 |- A= o> = ll\’= 0> (115h)

mais la parité par rapport A& 1%inversion est toujours donnée par
1’ expression (1i4).

En se servant des fonctions D comme matrice de passage du
référentiel du laboratoire au référentiel moléculaire on peut ex-—
primer la fonction d onde de 17électron 1 dans le référentiel mo-
léculaire comme:

L*

|[Im> = £ |1A> D (R) (116)
’\‘ N,l\

La parité par rapport a l opération I de cette fonction d’onde de

2

17 électron est (-1) « Ce résultat se déduit moit en utilisant

91 i = _ e 91 !

Iy, .9, =1y v, __ @O (117)
ou bien

cY. (00 = =17 v, (0,9) (118)
v 1AT* 1-x" 17

En combinant les équations (111) et (114) on trouve pour la voie

. + . .
de sortie N 1 17expression suivante:
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=l — el
[N+l> = [ (2NTr1) 7801t E EE(1+SA%D)J 172
NtE A B A . NI AP AN
é, o ) N LAY (RYD_((R)1 (119)
f %A A SN qu(R)DHJ(R " qw_ A

On peut vérifier gue la parité par rapport a l1%inversion de cette

N
fonction d’onde est bien Pf(—i)N * L2 produit des deux fonc—-

tions D peut s évaluer analytiquement & l7aide de la relation
suivante:
A 3*

R) D", (R) = % (N"M-m,1m|JM) D
™A

2 + vy -~
: noans (RO (T A'+A INA*, 1A ) (120)

en ayant posé M+ = M-m. Ce gui permet d’écrire la fonction de 1la

voie de sortie comme:

IN'1> = [(aNT+1) samat/E [2(1+8p y171 %y (N"M=my 1m [ IM) Yo (&%)
¢
£M>Dﬁ ﬁ)mmﬂxM%1A>**i@»f*<%mJﬁANm*u>3
A n, A% | 2 PN A -0 h I :

(121)
Cette expression n’est pas symétrique en N+, Pour 1a symétriser
il suffit de regrouper esnsemble les termes +A et —A, et elle de—

vient alors:

- —1/7 R
N1 = CeaNT+1) samat/E [2(1+8y )1 1/“2(N+M—m,lm}JM) IN1E c1zR)
! I
avec
Nﬁg—EMA%AMklm C{AT > Y, WY)Dﬁ.@)
INEe =2 [NK A2 Ya 9410 D o

+ + 3*
- N &, 23
0 -1 RER TN S %rm$ﬁ>3 (123)
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ol nous avons utilisé la relation

N* 03
(3 NN INA 1A = (=1) (TAn NTAL 1A (124}

Nous disposons maintenant d une fonction donde de la voie de
sortie dans le référentiel moléculaire, mais on préfére en géné-—
ral travailler dans ce référentiel avec 1les fonctions df onde
Born-Oppenheimer. En effet nous avons précédemment mentionné que
si la structure rotationnelle nest pas résolue, nous pouvons
traiter séparément dans un premier temps les états dé différentes
symétries moléculaires I,T etc. Rappelons gue ces états sont ca-
ractérisés par la projection sur laxe internucléaire N du moment
cinétique orbital total J et aussi par leur paritéq par rapport a
l1opération de réflexion LA Un petit probléme de notation ss=
pose car il est généralement admis gue est un nombre entier po-
sitif et dans le cas d un coeur I (A= 1) 2t d'un électron d deux
états de symétrie peuvent €tre formés. Pour le premier #&tat
correspondant A& un électron dr on a A= A+d » tandis que pour le
deuxieme état correspondant & un électron d§ on a A=—( A +7A .,
Cest pourguoi nous noterons dorénavant les états de symétrie non
plus par mais plutst par Fed. Les fonctions d7onde rotation-

fnelles de ces états s écrivent alors:

¥ = -
| &,0A 5 = c(za+y san1t’ [2(1+8, 8,01 1/2
EfMS ¥, D ’ Ry w0 sy, B (R) 3 (125)
I - QA Nln++,\ q I- - C-A "‘\,-[\‘\A o

La parité de ces fonctions d7onde (125) par rapport & 1’opération
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dinversion 1 peut 8tre déduite facilement 4 1’aide des expres-—

sions (112), (113), (115) et (118) gui conduisent a
I AL = =Y a1 (126)

Nous voulons utiliser la fonction d’onde (125) comme nouvelle

base dans le référentiel moléculaire et il nous reste pius gqu’a
J

exprimer ;es fonctions d’onde des voies de sortie IN+1> dans

cette nouvelle base sous la forme:

kY I 3
[N+l§ = I {lA,i\*}N+l> | A 1A (127)
A

b
Les nouveaux coefficients <14, N*lN+l>

représentent, en ce gqui
concerne  17aspect moment angulaire, la comnexion entre les deux
situations physiques (& courte et longue distances) gue nous
avions distinguées lors de notre traitement défaut guantigque. A
longue distance, nous avons adopté la description en terme de
voies de fragmentation }N+1> ou le mouvement de l électron excits
est compleétement découplé du mouvement de 1°ion résiduesl. Cfest
la raison pour laguelle nous avons décrit 1°électron excité dans
le référentiel du laboratoire dans l"expression de la fonction
d’onde de fragmentation. Far contre, & courte distance, il nest
plus possible de dissocier le mouvement de 1 ¢lectron excité du
mouvement de 1%ion résiduel ce gui nous a amené A décrire cet
é¢lectron dans le référentiel moléculaire. Cette distinction n’est

pas propre a la MEDT. En effet depuis bien longtemps déja les

g¢tats de Rydberg de nombre quantique principal n bas sont en gé-—
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néral décrits dans le cas(b) de Hund gui correspond a un couplage
important entre le mouvement de rotation des noyaux et celui de
17électron de Rydberg et ils sont alors notés nlA. Cette descrip-
tion devient de moins en moins adéquate lorsque 1°on considére
des états de Rydberg de n de plus en plus élevé et il es# alors
préférable de les décrire dans le cas(d) de Hund, c’est a dire
considérer un découplage total entre la rotation des noyaux et le
mouvement orbital de 17électron de Rydberg, celui-ci #4tant alors
simplementb noté nl. Fano a ¢té le premier a transcrire ces deux
descriptions bien connues des spectroscopistes en introduisant ce
qu’il a appelé le "découplage de 1", au niveau de la fonction
d'onde de l%électron. Il est intéressant de remarguer que cet ef-—-
fet dynamigue peut &tre complétement pris en compte par une sim—
ple transformation de repére gui se révéle ainsi comme un puis-—
sant concept utile A& une meilleure description de la dyrnami gue
mol éculaire.

De l’identification des expressions (1233, (125 et
(127) on déduit aisément:
< A, 1 ]N+1 ,I = (-—1>N+'3+’\ (1A, J-A%A lN“".A") 1‘1(/\*;e\,»], »f ) (128)
aver
fq-(nle\,q,v\‘v = (1+6nto(1+5Ap)’—1/2 L1 +“*(_1)N*+€+3 /2 (129)
Notons gue le facteur entre crochets dans 1"expression (129) ast
non nul seulement lorsque les fonctions d? onde |N+l.'.‘f:I at lA*,lA:g

sont de mé&me parité, cest A dire
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+
vf’(—i)“ + 12 " (-1)9 (1Z0)

Enfin, ajoutons que dans le cas N= Q. pour distinguer les dtats
2+ at 2_, il faut dans un premier temps raisonner comme si 17 on
avait affaire a un état N30, ie, considérer M= 0> et |- = 0>
comme deux eétats différents et seulement dans un deuxiéme temps
utiliser la relation (115b).

Nous savons maintenant décrire une ¥onction-de la voie de
sortie 1N+1> dans le référentiel moléculaire et dans 1la base
Bcrn—Oppenheimer habituelle. Il ne reste plus gqu’a exprimer la
fonction d'onde de la voie d entrée dans le référentiel molécu~
laire . Pour cela nous utilisons strictement la mE&me méthode gue
dans la section précédente pour le calcul les moments de trans-—

ition dipolaire., prenant comme fonction d°onde rotationnelle de

1’état fondamental

) —1 /7 ¥ A 0 3¢ * oA

{A”J“M"> = £(2J"+1)/4v31/ L2i+8 3 1] ‘/“E}IW>D (R) +QLA“>D) (R) ]
O N nan

(131

o0 de plus nous précisons la parité Ir‘“(—l)J de cette fonction

par rapport & l7opération d’inversion I. En outre, nous prenons
comme dans le cas A= 0y la convention (11Sb) pour distinguer un
g¢tat fondamental 2+ dun état T . De méme lg photon incident
peut Etre représenté dans le référentiel moléculaire par

[ A, m

. ,A\)bx*‘f\ -
< ¥ -{f [31 e D (R} (132

“"(IA"

dant la parité par rapport & 17 opération d?’inversion I est —-1. Il
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nous est maintenant possible d’exprimer la matrice § de collision
dans le référentiel moléculaire en regroupant les déquations

(122), (123 (125), (127), (129), (131) et (132) comme

]

y 'War -1/
<N+1§<31 v"\;J"j,,) = E(2J"+1)/4173‘/"E2(1+8N. y17H2 g (N MemyImpam
Kiyie) T 1
- —— e
T £(2J+1>/4v3“"£2(1+5,\»,° S0 017 F Nt e, A S
i ) 2 + IR
ztjcm D N.A(R) Dn“m(m Dwxm) CAPIA S| A3 A

sn *

\ad i
+n [aR D e (R Dy (R ode A‘,(m CAFLA[S| A" 3 A0

= b" + "3
(R D (R) 144} 1:\15],}\ Ay

ft

+y Jdﬁ Dy A (R Dn“ '
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ol ( AY 1A IS{A"igAy) représente 17¢lément de la matrice S dans le
référentiel moléculaire st sera explicité plus tard dans le cadre

de la MEDT. Le produit des trois fonctions D(R) peut Etre évalué

analytiquement & l7aide de la relation suivante

A 3 A T A ‘b'ﬂ ~ JooJI" ] J Jm g
SdR DM N (RY D " “(R) D )(R) = 47 (134)
N Y H"\ myAY ™M M" m A**A A" )

Les régles de somme des symboles I sur les projections des mo-
ments angulaires réduisent la somme surAq a un seul terme gui
correspond a une projection thel&que la =omme des projections
soit nulle. Nous retrouvons aussi le fait gue dans le référentiel
du laboratoire M = M"+m . Par aillews, les éléments de la matri-
ce & suivent les mEmes régles de séléction gue les moments de
. . . . - . Ai-(\ - n .
transition dipolaire, c’est & dire +A = A +Aa. Catte dernieérs

reégle de sélection limite quant & elle l2 nombre de pruje:tionsA
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gue contient la somme sur A dans 1?éguation (12&). De plus, il
taut noter que les quatres éléments de la matrice S ne sont en
général égaux gue deux A& deux, A& savoir ceux gui correspondent a
des signes opposés pour toutes les valeurs des projections sur
17axe internucléaire des moments angulaires mis en jeu. En utili-
sant ces reégles pour les quatre intégrales sur D et le Ffait gue
la valeur absolues de la prmjectionAx du photon est inférieure ou
egale & 1 on ocbtient:
™M

IS UT-LERNT LR =z (NTM=m Im | IM (IM[ITMY 5 M) Sy e
2 T 2

L2+ /23410 M 2 =0T oma o)
A 1

+ " +
f (A M ™ (1A ,J-ma) N7

(TR G ISR [T AL ) (A LA [ SpA"emksAD T (135)
ot la fonction fz<“iAlean> est donnée , selon le cas, par
i 1 - + - -
<1+vm)/2, AN =0 N =0 A=
T+ 3 -
(1 o= BT TR A" = 0
£y = . (17&)
, -1/2 .. -1/2 PIRL S " by e
1:2(1+5M05A'0)3 (2) (1 + 4q(=1) g Yy A0 A+d zo
~1/2 1/2 LRAPEN

~ . ] ~y Wy n. b Z

(2148, 8, 501 (2) (1 +hy (-1) Yo A0 AY+4 20

avec en ce qui concerne les signes * dans 17 #4guation (138 . la

convention que le signe supérieur représente le cas pour lequel
+

la somme des projections N+Az O et le signe inférieur ls cas

Aidi O . Remarquons aussi que dans le cas A+d =0 (état final de

symétrie ), il existe deux composantes possibles si 1°on part
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d*un état fondamental de symétrie TV (A" #1). Ceci est a relier au
fait que daﬁs un transition £ <« laissant 12 coeur résiduel
dans un étatTr, on a la possibilité d’obtenir un édlectron 1o ou
1§ avec une probabilité de transition différente. Inversement,
quand 17 état fondamental est de symétrie'ﬁ et 1°état final de sy-
metrie I, ce dernier peut &tre atteint par une composante issue
dune orbitale ¢ ou § de 1’état fondamental. En outre, 1 expres-—
sion (136} des facteurs d’intensité 42 nous permet de retrouver
toutes les régles de sélection que nous impose la symétrie molé-
culaire , puisque 17amplitude de la transition n est pas nulle
que si la condition suivante se trouve réalisse

LN

) 3
gt =13 8 =y (=1 (137)

Liexpression (137) impligue gue les branches R et P;(J = J" * 1)
correspondent 3 des transitions de parité +(—1)J et que la bran-
che & (J=Jd") correspond & une transition de parité —(~1)J. Cela
signifie gue les branches R st F peuplent des niveaux de méme pa-
rité que 1°état initial et gque la branche @ peuple des niveaux de
parité opposée & celle de 17état initial.

En identifiant l7expression (135) avec 17 équation (&49) de
définition de 1 amplitude S(J), on déduit immédiatement gue le

facteur entre crochets dans (133) n'est autre que 1l expression de

5(J) dans le référentiel moléculaire, & savoir:
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Wen? - N JaA
(N+l}S“‘q(J)}J"j3) = ((2J"+1)/(2J+1))1/“ E(—l) ¥

4 (VA oy W)
£y AN R (1A JoA NTAY

(TR 5 Wdsh | TANA ) (N 1A SR NeIERY  (138)

Nous disposons maintenant d’une expression de S(J) dans le réfé-
rentiel moléculaire et 1°équation de définition (71) des amplitu—
des trantférées nous donnera 17expression correspondante de
%(jt) dans le référentiel moléculaire gui tiendra compte de la
symeétrie moléculaire. Mais avant de faire cela, nous allons d”a-
bord montrer gue le produit iifi, qui contient les parités res—
pectives des états initial et tfinal, ne dépend gue de la parité
W de 17état de départ qui fixe alors le jeu de parité q 2t n* de
1"état +Final compatible ainsi gue la valeur du nombre guantigue
rotationnel J gui peut 8tre atteinte a partir d’un &tat initial
J". Pour ce faire, nous utilisons le principe trés général de la

.conservation de la parité au cours de la collision, gqui se déduit

immédiatement des relations (126) et (137), soit
N*. 3
N=13 7 = ye=1y =g -1 (139)

Cette relation nous fournit donc toutes les transitions permises

et nous permet d7évaluer les différents facteurs fl a2t f., dont

les produits sont donnés dans la table suivante:



Av AT A Y £, transition(R et P) transition (@)
o o 0 o 1 g5 _y 57
o o 40 4o 1 R R
o #0 o $0 iz e ¥ T
0 #0 #0040 32 £t — i ¥ s wT
0 #0 0 o Jz ¥ > g% 2¥ > £F
0 o O 1/4Z ou /42 TF s 3¥ W EF
0 o #0 >0 iz * _>T7% T _5TF
F0 0 40 <0 gz T T T _5 TF
0 40 20 ) tou g  TE L gF it EF
0 40 #$3 > 0 1 TF_,T* wE_, TF
+0 #0 40 < O ' TE _, wE_, w¥

Cette table montre que le produit £, ¢

12

données de A", \* =2t A . est indépendant du fait gue la raie soit

pour des valeurs

Ry P ou G. Ce résultat va nous permettres maintenant de déterminer

l1’expression des éléments de matrice %Lﬁ; dans 1le référentiel

mol éculaire. En reportant 1’ expression (138}, dans le référentiel
moleculaire, de 17amplitude S(J) dans 1’éguation (71) de défini

tion de 17amplitude Svjt) en fonction de S5(J), nous ocbtenons:

it = NTLA
N8V 3 = (2J”+1)1/"§(-1) RSN A A

CE e 23+ TR AA  amA NTAY (A Mada |3
1 N g

] (Nlr\jsitl\"jxl\t,\ﬂ\") (140)
J" 3 J
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La somme sur J, correspondant au terme entre crochets dans 17 ex-—
pression (140), peut s’évaluer analytiguement & l7aide de la re-—

lation suivante:

172

boinvi | . |
~1) * g2t (o 17T G om o S omemy | S pomem, )

Z

; L(2j
23

oA

(31m1,323m~m1]3m)

(jimi,jzmz;j12m1+m2)(j12m1+m2,j3m—mi-m2|jm) (141>
grice a laquelle, 1l expression (140) de 1% amplitude %FHJ peut se

mettre sous la forme

) o AaA N
i E(2N++1)/(2jt+1)]1/"§ (-1 *

]
(NT11S G (I8 = (=1)
£ 3
+ u it : + # i \ 1
FFo (N7 A s A s )" o ~A AZNLIA I - N EAD

(jt—(\+i{\“,N+ TIITENY CATIA|S RN gAY (182)

avec pour les signes = les mEmes conventions gque précédément.
Cette expression (142) peut sembler compliguée, cela provient de
la prise en compte de la symétrie moléculaire. Cette formule de-—
vient bien plus simple dans le cas d’un état initial Z car alors

la dépendance en J" et N+ de 17élément de matrice Sl(jf) peut se

factoriser sous la forme suivante:

+ "“ 3 . N’*} -J\* + 1/2
(NS G [ = =1 T peanTeny /(207410 3
+ .
,\-{- O _A+ k] T! t ~
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S

ou
n + i
+ b‘ « 3 = q | [ - A’.f\-l\ T+ U3 H]
(A IM(I’JX’Jt)jA =0} = ,{: (-1} fi‘FE(A ,A,A,V\ )
1 i J‘t) . "
(A" IN|SIAY=0 j_AN%A ) (144)

Par la m&€me, nous avons réexprimé 1°élément de matrice Sl(jt) en

terme d’une nouvelle guantité définie uniguement dans le référen—
tiel moléculaire ﬁ%l,jx;jt) qui ne dépend donc plus des nombres
quantiques rotatimnnels‘représentant les états initial J® et Fi-
nal N+ de la cible. Dans le cas d’un état initial qui n‘est pas
de symétrie I cette factorisation ne peut apparaitre du fait gue,
dans les deux cosfficients 3j correspondant au couplage des mo-
ments JY et N+, la projection A Y de J" est non nulle et il
n'existe aucune relation entre les deux coefficients 3Ij. Il est
alors seulement possible décrire 1°élément de matrice Sl(j )

t

commes

] N'#_' _/\+ ~
(N+1!Sq (G [I75 ) = (=1) WL aNT ety s (2gery 3172

-+
NTogn " Nogr g y
)L L . L B
Y -m)‘" [MELsdy5g) [ A" +(i\+ N -A‘—‘\)”\ e S H AL
(145)
o
+ ' A**'\‘A” "
CAMULsd 530 (28 ) = 'E (=1) FifathAT s A Ay
1 J jt il
A SREARNT prar] CNTIAS[EATS AMEN) (146)

avec, dans 1l expression (146), la convention que la somme sur

ne porte gque sur les valeurs telles que AN +A 2 O pour la compo-
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sante +A" et fr+A 2 O pour la composante —A".

Notre intention dans cette section étant de traiter 1le cas
de la molécule sans rotation, il ne nous reste plus maintenant
gu’a sommer sur tous les niveaux rotationnels N+ possibles de
l7état final afin d éliminer la dépendan;e en N+ et J" de la sec—
tion efficace différentielle. Ppur cela il suffit dinjecter
1'expression (14%5) de 17amplitude Sl(jt) dans le référentiel mo-
léculaire dans 17 équation de définition (81) et d utiliser la ra-

gle de somme suivante pour les symboles 3Ij:

. NTOoar g, NTam )
I (ENT+1) =Sy . & (147)
N+ '\+ ’\i‘ Ai A+ Al‘l‘l Az A:IA"g’ A&, A‘L

La section efficace différentielle sommée sur les différents
états rotationnels finals de la cible s'exprime alors comme:

+ f’ + f'
Z(do/dR) o= (2j+1) /417 ISZL (A ;H(I;j H );A")+(A {M(l;j 53 )]—A”)J
N-&. e ¥ t 3 t

NYT
1 i]" LIRS + aa: 1“ Taiord +)§@( 33, C ll:“-’) 4
COAM ML ,Jx,Jt)!I\)“P(—'f\ M1 ,Jb,,Jt)}f\ Jp3d5 0 HG) (148)

EN se souvenant que dans le cas d un état +fondamental T chague
facteur entre crochets ne comporte gu’un seule terme et que dans
les autres cas, la relation (147) impose gu’il n'y ait pas de
terme croisé du type
i
(h+fﬁ(1;j{;jt}jﬁ“)(~A“§gﬁl’;j{;jt)gk+¢

L7 équation (148) représente l’expression de la distribution angu-—
laire dams 1lg cadre de 17 approximation des noyaux fixes. Cette

expression est treés générale car elle traite uniguement le cou-
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plage des moments angulaires des réactifs et des produits de la
réaction. 8i 17on veut préciser les états vibronigues initial et
final de la cible il suffit de préciser les nombres guantigues
carrespondant dans 1’ expression des amplitudes
(iv+ At ]Hﬁ&,jf 5jt)IV"A“)’ sans avoir & changer la structure de
17 équation (148) car & aucun moment lorsgue nous avons établit
cette équation nous n'avons ew besoin de faire intervenir ces
nombres guantiques supplémentaires. NMNous allons maintenant mon-—
trer comment ces éléments (iv+h*lﬁqg,jx;jt)[v"A”) s expriment

dans le cadre de la M@DT.

IV 2.5 CAS DE LA MOLECULE SANS ROTATION DANS LE CADRE DE LA MEDT

Dans la section précédente la démarche suivie pour éliminer
la structure rotationnelle est trés générale dans le sens que:

-nous sommes partis du cas od la structure rotationnelle fi-
nale était réspolue

—nous avons transformé toutes les fonctions donde rotation-—-
nelles mises en jeu du référentiel du laboratoire au référentiel
moléculaire. Far la m&me nous avons retrouvé gue 1’amplitude dans
une voie N+1 résulte de la contribution de plusieurs symétries
moléculaires A +A = (Z,M...), & travers les éléments de matrice
(A* 1M[S|N"5MN-N  définis uniquement dans le référentiel molécu-—

laire et gui ne dépendent plus du nombre guantigque rotationnel de
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la cible (c’est ce que 17on appelle habituellement le découplage
de 1). C’est pour cette raison que 1 expression MEDT de 1% ampli-
tude S5(J) (8g.11Q) dans le référentiel du laboratoire est une su-
perposition damplitudes de probabilité calcul ées dans le rafé-—
rentiel moléculaire et correspondant aux différentes symétries
possibles.

-nous avons ensuite établi une expression de 17amplitude

trransférée Sl(j dans 1le référentiel moléculaire pour chague

t)
voie N+ et nous avons +inalement montré gue la somme sur tous les
niveaux rotationnels N de la cible de la section efficace diffé—
rentielle rotationnelle conduisait & une distribution angulaire,
moyennée sur la rotation, indépendante de tout nombre guantigue
rotationnel.

,Ii est alors tentant de penser que pour déterminer 1°expres-—
sion MEDT de 17amplitude (K*IAIS}A"jSNd~NU, il suffit de partir
dans le référentiel du laboratoire de 1 expression MEDT de 1°am—
plitude 5(J) et d'utiliser les transformations de repére décrites
précédemment pour trouver une expression de S(J) dans le référen-—
tiel moléculaire gqui laisse apparaitre les contributions des dif-—
férentes symétries entrant en jeu. Malheursusement la contribu-—
tion de chague symétrie dans 17 amplitude 5(J) ne peut pas &tre
precisée pulisque les phases propres Te et les vectewr s propres
<1 ;f » gqui la définissent, sont déterminés & partir d’un systeéeme
linéaire dont les coefficients sont déja des mélanges de contri-
butions de différentes symétries. En d’autres termes 1’ expression
(110) de 1 amplitude S(J) tient compte de 1 autoionisation rota-—

tionnelle puisgue les différentes symétries ont été mélangees
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avant d’appliquer les conditions asymptotigues. Il est done im-—
possible d'essayer, dans le cas genéral, de déterminer 1’expres—
sion MADT de 1°amplitude (lelS,AﬁkxnpNU pour une symétrie molé-—
culaire donnéde, & partir de 17expression MADT de 17amplitude S(J)
dans le référentiel du laboratoire.

Nous allons maintenant montrer que pour trouver 1l expression
MEDT de 1°amplitude (K*IA}S}A"%Kmbﬂﬁ dans le référentiel molécu-—
laire , nous devons partir d’une fonction d7onde MEDT gul néglige
compl étement 1a rctatién moléculaire et en particulier le décou-~
plage du moment orbital 1 de 17 électron excité de celui des
noyaux (1 uncoupling). Cela signifie gue les dtats de symétries
différentes ne sont plus melangés, c’est & dire gue nous pouvons
caractériser chaque état par la projection A du moment cinétigue
total J sur 17 axe internucléaire, c’ast 1°approximation de Born-
Oppenheimer pour le mouvement de rotation. Une conséquence immé-
diate en est que la projection du moment cinétigue orbital 1 de
l17électron excité sur 17axe internucléaire a une valeur bien dé-
finie A, méme lorsqu’il gravite trés loin du cosur résidusl. D un
point de wvue MEDT cela signifie que nous pouvons définir alors
une voie dionisation par !ilA> plutst gue par {ilm> 2t gu'ensui-
te nous appligquerons les conditions aux limites dans le référen-
‘tiel moléculaire plutst gue dans le référentiel du laboratoire,
en considérant seulement les perturbations homogénes entre états
de méme symétrie A, En fait l'expression de la fonction d”onde
MEDT, dans le cas de la molécule sans rotation, est formellsment
identique a 1'expression geneérale (20) & la seule différence gque

tous les éléments qui la composent sont définis par un indice
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supplémentaire A gui correspond & la symétrie moléculaire
considerée. Il nous suffit donc de reprendre le traitement MGDT
au niveau des conditions asymptotigues pour les voies d’ionisa-—
tion buvertes. Four une valeur de A& donnée, la condition asympto-

tique (41) s derit alors:

v = Ipz /w221 ) s Y, ©)
R — _ aht Siker
cetikir ST e S, cth © 1 (149)
aveac
A -1 1

i N oy — — P
=3 i " 2% [<ilA [p > =t TTp f;f;ilbj i 21T (150)

SLQ)\,T?:\ ,)
A partir de ces expressions (149) et (150), en utilisant la ma—
thode prescrite dans le cas général, on aboutit a :

(eA A

_ o
=5 it &1 <] LAl ””C z A“ ‘1”1 (151)
?

De nouveau, insistons sur le fait que les valeurs propres v st
les vecteurs propres <f}ilA}Areprésentent lag valeurs et vectsurs
propres de la matrice S exprimée dans le référentiel moléculaire
et par conséguent correspondent a4 une symétrie unigque. A cette
fonction donde MADT (151) correspond une amplitude de transition
dipolaire exprimée dans le référentiel moléculaire

v A _‘ Y — A LN T 0]
NS © ST citagp s e A

ol le moment de transition d{Aﬁ% a exactement la mé&me définition
!

(108a) que nous lui avions donné dans le traitement de la distri-
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bution angulaire (section 2.1.1l)dans 1le cas de 1la rotation
résolue. Par ailleurs, dans la section 2.1.1 nous avons montré
que le moment de transition dipolaire et 1 amplitude de collision
définie a partir d'un élément de matrice S sont deux guantités
proportionnelles. FPar conségqguent l1’expression (152) représente
aussi,a un facteur de proportionnalité preas, 17élément de matrice

(A 5] NI Aed - N, soil

—— e ¢ —_ A Y A M
(l ;&,'Faf\, IS ,I\)Atl\t\-r\-/\“) X LT@' s - Eb J e E g? N

? ] d-l PLARY
Il suffit alors dintroduire cette expression (153) dans 1?7 égqua—
tion (144) de défipition de 1l amplitude transférée M(jt) pour 2n
déduire la distribution angulaire des photoélectrons lorsque le
mouvement de rotation des noyaux n'est pas résolu. Notons & nou-—
veau , 17intér®t de la séparation entre 1’aspect géométrigque et
1”aspect dynamigue puisque nous avons pu établir dans la section
précédente des formules trés génédrales =n ne traitant que les
couplages entre les moments angulaires et gu’ensuite nous avons
pu introduire , dans le cadre de la MQDT, les couplages ( élec—
troniques ou vibrationnels ) entre les différentes voies de
sortie. Ces derniers couplages auraient treés bien pu Etre déter-—
minés dans n'importe gquelle autre théorie et c’est un traés grand
avantage de la thécrie des moments transférés.

Four 8tre tout & fait complet, nous allons donner guel ques
indications sur 17" autre maniére d’obtenir 1 expression de la dis—
tribution angulaire dans le cas de la molécule sans rotation.

Cette premiere approche commence par la détermination d une fonc-




-96-

tion d’onde de 17électron éjecté dans le référentiel moléculaire.
Nous disposons déja d’une telle fonction avec 1’ expression MEDT
(151). I1 suffit de la transformer dans le référentiel du labora-
toire puisque c’est tout de méme bien 1la que 1°électron est
détecté. Nous savons que le passage du référentiel moléculaire au
réfeérentiel du laboratpire a pour effet de mélanger les différen—
tes symétries moléculaires puisgue A nrest plus un bon nombre
gquantique dans le référentiel du laboratoire. De plus nous savons
aussi, depuis la sectibn 2.1.1, gue le moment orbital 1 de 17é-
lectron n7est en général pas un bon nombre guantigque du fait de
l1"anisotropie du champ moléculaire . Il est alors nécessaire de
resommer sur toutes les ondes partielles pour reconstruire 1°onde
plane associée & 1°électron gue le détecteur recoit. L’expressioh
MEDT de l1a fonction d°onde dans le référentiel du laboratoire
prend la forme:

y* -

a'& q/ (134)

9t

?

Les coefficients ai& sont déterminés comme dans la section 2.1.1,
c’est & dire en imposant & 1°onde plane associée & 178lectron
é¢jecté d Etre une onde plane de Coulomb (ég.96), ce= qui nous

donne:

o Ta im .\

En reportant cette expression dans 1°équation (134), nous abou—

tissons & 1’expression générale d’une fonction d°onde MODT dans
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le référentiel du laboratoire pour une orientation qualconque de

la mplécule

- A —é*

z a0
Y =7 D1 ® VY (156)

*ipg
<

1
-~
=
'
e

La fonction d'onde de la toupie sphérigue D(R) définit 1 orienta—
tion de la molécule dans le référentiel du laboratoire et 1?har-
monique sphérigue Y;m(g’) gouverne la distribution angulaire du
photoélectron pour unevorientation donnée de la molécule. Comme
l"examen de 1l expression (154) le montre, le passage du référen-—
tiel moléculaire au référentiel du laboratpire fait rasswglir le
probléme de la séparation entre 17 aspect géométrigue st 1”aspect
dynamique de la distribution angulaire. En effet, les coeffi-—
cients 29y sont d origine purement géométrigue, ils ne décrivent
que le changement de référentiel et n’interviennent pas au niveau
de 1°aspect dynamigue. Four s’en convaincre, il suffit de se rap-—
peler qu’ils ont été introduits pour mélanger des fonctions dYon-
de asymptotigues et nous savons bien gue les effets dynamigues ne
se produisent gu’a courte distance. L7 aspect dynamique est guant
& lui complétement comntenu dans la fonection d° onde \PLek . Nous
pourrions maintenant déterminer A4 17aide de cette fonction d” onde
(136) 1la section efficace différentielle. Mais cette démonstra—
tion porterait unigquement sur la partie géométrique de la fonc-
tion d onde, puisqu’il sagit d’éliminer la somme sur m et la tou-
pie sphérique de 1l expression de la section efficace différen—-
tielle . Ce serait en fait traiter une deuxiéme fois 1%aspect

geométrique de la distribution angulaire dans le cas de l1a molé-
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cule sans rotation, pour aboutir a une expression identique a
celle obtenue dans la section preécédente.

Nous allons maintenant appliguer ces différentes formules a
un cas particulier ne faisant intervenir qu’une seule onde par-—
tielle 1, afin de mieux comprendre les déviations de # de la va-
leur 2 & laguelle on pourrait s’ attendre guand on utilise de 1la

lumieére linédairement polarisée.

IV 2.4 CAS D*UNE SEULE ONDE PARTIELLE

Nous allons traiter le cas le plus simple possible, o4 17%on
part d'un état fondamental de symétrie I pour obtenir, avec une
énergie d’excitation correspondant a 1la région du continuum
ouvert, un photoélectron 17 ou 1T en négligeant a la fois les
mouvements de vibration et de rotation des noyaux. Cet sxemple
peut paraitre trés simple mais il est tras instructif pour une
bonne compréhension de la distribution angulaire. Il nous faut
donc évaluer les différents dléments de matrice (N]Mﬁl;jxgjt)[A“)
(ég.146) et en particulier les él éments de matrice
(A*lr\}S;I\"j‘AﬁLA") (€9.133) gui les définissent. Dans la région du
continuum ouvert 1 expression MEDT (6g.153) se simplifie considé-—
rablement (cf section III&4), et l°élement de matrice S se réduit
a un seul terme

A
(N IA|S[A"0 3 A ) =g, e TR (157)
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ot dy est le moment de transition dipolaire associé & la compo-
sante 1 avec la convention dy = d=-a et vgxest le déphasage de la
fonction donde de 17électron du continuum 1A gui rend compte des
interactions autre que 1°interaction coulombienne. En fait, dans
1?expression (154) nous avons omis de préciser le terme tht cor-
respondant a4 la phase de Coulomb puisgue nous ne considérons
gu’une seule onde partielle. De plus, 1°élément de matrice S
n“est gue proportionnel au moment de transition qA s mais le fac-
teur de prapcrtiunalité>n’intervient pas dans 17évaluation du pa-
ramétre d’asymétrie car la définition de ce dernier ne fait in-
tervenir gque des rapports de ces éléments de matrice 5. Il suffit

de reporter lexpression (137) dans 1%édguation de définition

{146) de 1’amplitude transférée st 1°on obtient

)
(V=0 iM(lszaj )fﬁ"=0) = I (—lfx d EL P (158>
t A A

A=A 0

ot la somme sur A est limitée aux valeurs A= 0, #*1 puisgu’a par-—
tir dun état fondamental I on ne pesut atteindre gu’un état I oull
par une transition dipolaire. I1 faut maintenant évaluer cet &1é-

ment de matrice powr toutes les valeurs possibles du moment

transféreé jt =1, 11, soit

(—l)t

. .
M1ydg a3, =1-1) = (4T dr &+ JICIFD dm s
N {2141 (21D

pw

1

M(l,jj,jt=l) = Q ' (159)
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{
(—1) . —
"HE A
M(lsiv’jt=1+1) = [-JT{I+1) do EJP + J21 drn éﬂq‘ ]
J(214+1) (2143

On en déduit immédiatement a 1°aide de 1l expression (89) la sec-

tion efficace intégrée correspondant a chague valeur de j

t
. 1 2 2
a'(Jt = 1-1) = ————— {1 do + 2¢1+1) drw + 2d21(1+1) dodn cos(pr—pmw) ]
21+1
o~(jt =13 =20 (160)
! 3 3
c(jt = 1+1) = ————— L(1+1) do + 21 dn - 2421 (1+1) dodw cos{po—pmw) ]
21+1

Les valeurs de B(jt) correspondantes sont quant & elles purement

géométriques, c’est le grand avantage de la théorie des moments

transférés et elles sont donnédes par 1°éguation (1), soit:

jt+2 1+1
{3(_‘}t = 1=-1) = =
th+1 21-1
(161)
J,.—1 1
{3(_)'t = 1+1) = 1= =
2jt+1 21+3

Il ne nous reste plus gu’'a sommer sur les différentes valeurs de
jt a4 l7aide des formules (84) =t (85) pour obtenir la section ef—-
ficace intégrée et la section efficace différentielle & travers

le paramétre d asymétrie f. 0On obtient respectivement
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2
v = do + 2dw (15623
2 5 ) 2
2 1(1+1)de +¢21 +21+3)Ydw +3fZ1 (1+1)dedm cosw(pe—pumw
g = L Y T ]
(21-13 (2143} dor + 2dw

(163
Nous retrouvons bien le fait que la section efficace intégrée est
une somme incohérente des deuwt composantes o et 7. Au contraire
17 expression (163) prouve que la section efficace différentiells
est elle une superposition cohérente des deux composantes ¢ =t .
Le terme d’interférence est gouverné par la différence (po—pr) ,
ce qui est & rapprocher de la remargue faite dans le traitement
du continuum ouvert, A savoir gue la différence entre les phases
propres px et px’était 4 1origine des interactiors continuum—
continuum. De plus cette formule (163) refléte tout & fait l1*ani-
sotropie du champ moléculaire. En effet, considérons par sxemple
un  électron p (1=1) et supposons gue 1°approximation atome uni
soit valable, c’est & dire do=dr et po=pw. Nous chtenons alors
pour # la valeur attendue 2, ce gui signifie que seule la valeur
jt=1—1=0 contribue & la section efficace puisgue G(jt=0)=2. La
contribution de la valeur jt=l+1=2’ correspondant & la valsur
B(jt=2)=1/5, est nulle comme nous pouvons le vérifier dans 1la
formule (160). C’est donc 1l anisotropie du champ mol éculaire, ca-~
ractérisee par la différence por—-pw #0, gui est & l17origine d”une
composante jt=¢ non nulle et par la m@me de la déviation de g8 de
la valeur 2. Par ailleurs, plus le champ moléculaire est aniso-

trope plus la distribution angulaire est isotrope. Cette affirma-—

tion peut sembler paradoxale, mais elle correspond tout & fait A&
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l17image gue nous avions suggérée précédemment, & savoir que le
champ moléculaire exerce, du fait de son anisotropie, un couple
sur- le photoélectron lors de son éjection. Plus l1?anisotropie du
champ est grande, plus le couple exercé est important et dopc
plus 17électron est dévié de sa direction initiale imposée pariia
polarisation dg photon incident. La contribution correspondant a
la valaur jt=2 du mpment transféréd n’est que ;a transcriptiqn
quégéique dé cé ;éubleen terme d’échange de moméﬁts angulairé;;$ﬁ

L application gue nous venons de presenter est trés simple
et constitue plutsdt un cas modele, permettant de mieux comprendre
les paramétres qui régissent la distribution angulaire. En outre,
aussi paradoxal gue cela puisse paraitre, bien gue l’expressioh
(163) du parametre d asymétrie 8 ait été stablie pouwr la région
du continuum ouvert, elle permet également de comprendre le com—
portement de la distribution angulaire au maximum d’une réscnan—
ce . Prenons par exemple le cas d*un état de Rydberg npo & coeur
L pouvant sTautoioniser électronigquement du fait d’une interac—
tion avec un continuum d7ionisation ( £ + £1p). Il est bien connu
gu'en riégle générale 1’amplitude correspondant a un processus ré-—
sonnant est bien plus importante que 1’amplitude correspondant a
un processus direct. Par conséguent dans la formule (163), 1le
maximum de la résonance correspond & la situation an le terme dw
et le terme d'interférence dwder sont négligeables devant le terme

do et alors le paramétre d’asymétrie 1 est donns par

B, = 2L(1+1) / (21-1) (21+3) (164)
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Inversement si 17état de Rydberg autoionisé est un état npm. le

parameétre d’asymétrie f au maximum de la résonance est donné par

2
Gn = (21 +21+3) / (21-1})(21+3) (165

L”analyse de 1la distribution angulaire permettrait donc., dans
certains cas simples, de préciser la symétrie d’un #dtat de
Rydberg. Par exemple, pour un électron p., nous obtenons respecti-
vement a¢=4/S et Bw=é/5, c’est une différence facilement détecta—
ble au niveau expérimental. Par contre pour un électron d, 8v=4/7
st a"=5/7 sont deux valeurs souvent trop proches pour Btre diffé—
rentidées expérimentalement, et ceci devient de plus en plus vrai
pour les moments orbitaux 1 plus élevés.

Enfin, pour Btre tout & fait complet et permetﬁre de mieux
comprendre 1l analyse de la distribution angulaire dans N2, nous
donnons succintement les expressions de la section efficace et du
parametre d’asymétrie dans le cas d’un coeur résidusl de symétrie

et toujours d’une seule onde partielle 1 (1 2 2). Nous avans a

alors -
)
FA L i
r = 2 do + 2dnr + 2d& , (166)
2 2 L
- = £ 1 /7(21-1){(21+3) {(do + dm + d& ) 3]

L 2
I =1(l+1)de +2¢ f'+ 1‘3)d%~—(1z+1~12)d6

—Zld + dodw cosw{pe—umr)

HEIZ (1 1)1 (1+1) (1+2) dodS cosw{pr—ps)

+942(1~1) (1+2) dwds cosw(pw-ps§) 13 (1467}
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Comme précédement, au maximum d’une résonance. selon la symétrie

de 17état qui s autoionise, le paramétre d’asymétrie f# est donné

par
B, = = 1(1+1) / (21-1) (21+3)
3
B = 201 + 1-3) / (21-1) (2143 (168)
B, = = (F+1-12) / (21-1) (21+3)
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V.1 LES RESONANCES COMPLEXES DANS H2

La notion de résonance complexe n’est apparue que treés réce-—
ment en physigque moléculaire. Cette notion a été introduite sur
un plan théorigue pour décrire des résonances, observées dans les
spectres de photoionisation expérimentaux, qui n ont pas un com-
portement usuel, & savoir une allure type profil de Fano. Elle a
d’gilleurs été proposée pour la premidre fois lors de 17étude de
la préionisation vibrationnelle et rotationnelle dans H2. Depuis,
de nombreux exemples de telles résonances ont oété répertoridés,
notamment dans la molécule d?azote. Pour guiune réspnance com-—
plexe puisse 8tre observée dans une certaine ragion spectrale,
les conditions minimales suivantes doivent &tre remplies:

= au moins trois veoies dYionisation sont en interaction
mutuelle.

- 17une de ces voies est ouverte, c’est donc dans cette voie
que 1’électron détecté est &jectsa.

- les deux autres voies sont fermées. L une d’entre elle
n’est que "faiblement” fermée, c’est & dire que le domaine spec—-
tral étudié est proche de sa limite d ionisation et recouvre des
etats de Rydberg de nombre quantigue principal n élevé. La densi-
té d7états pour cette voie est alors suffisamment grande pour que
cette derniére puisse Etre assimilée & un guasi-continuum d’ états
discrets . La deuxiéme voie est guant a elle “fortement® fermée,
la région spectrale étudiée correspond alors & une faible densitsa
d’etats, en général 3 un seul état de Rydberag de nombre guantigue

principal n petit.
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L®aspect du spectre de photoionisation correspondant & 1a
situation que nous venons de décrire peut présenter une allure
complexe du fait gquil résulte de trois termes d’interférence:
deu: termes lies aux interférences de la voie ouverte avec les
deux voies fermées (processus d autoionisation), 1le troisiéme
traduisant gquand & lui l’interféfan:e entre les deux voies
fermées.

Annick Giusti et Héléne Lefebvre ont par la suite modélisé
dans le caQra de la MGEDT ce probléme & trois voies et ont étudié
les différents aspects possibles de ces résonances complexes sa-—
lon les Fforces relatives des couplages discret-discret ou
discret-continuum.

Dans cet exemple sur HE’ nous avons traité Ie cas ol 17in-
teraction entre les différentes voies est rovibrationnelle, donc
de 1”autoionisation vibrationnelle et rotationnelle, en considé-
rant uniguement les états de Rydberg ayant pour coeur 17ion H2
dans son état électronique fondamental. Cet exemple illustre par—
faitemant la puissance du concept de changement de réprésentation
entre les descriptions physiques a4 longue et & courte distances .
En effet comme nous 1*avons montré lors de 1°étude de la distri-
bution angulaire, la transformation sst analvytigue pour le mouve-
ment de rotation et elle est une fonction numérigue simple pour
le mouvement de vibration des noyaux. Précisons ces changements
de représentation. Dans cet exemple, 1les voies de‘fragmentatimn
sont deéfinies par 1%état rovibrationnel 1 = v+N+ de 1%ion 22+
résiduel. Les voies propres « quil diagonalisent les interactions

& courte distance ne sont autres gue les états Born—Oppenheimer
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de la molécule. Ceux—-ci sont définis par la projection du mo-—
ment cinétigue total J sur 17axe internucléaire (notons que = ,
la .projection du moment orbital 1 de 1°électron de Rydberg puis-—
que le coeur est de symétrie I) et par la valeur de la distance
internucléaire R qui est bien le nombre guantique qui caractérise
la position des noyaux puisque ceux— ci sont fixes, en d’autres
termes la fonction de vibration est une fonction F(R,R*} de
Dirac, donc « = R. Pour connecter ces deux représentations il
suffit de projeter la base des voies asymptotigques sur la base

des voies propres:
’i> = E <a}i> ja> (16%a)
A

Ce gui s’écrit maintenant

I
>

+ +3 N
lv+N = I dR <RIV+> <A!N > I R> {1469b)

A
+3

ol le terme <A1N > est donne par les formules (128) et (129), et
rappelons—-le, provient du découplage du mouvement orbital de 1°é-
lectron du mouvement de rotation des noyaux. Le terme {R‘v+>
connectant la description courte et longue distances du mouvement
nucléaire n'est autre gque 1la Ffonction de vibration Xv+(R) de
17ion résiduel H2 qui peut E8tre déterminde par une méthode numé-
rigue standard. Nous allons de nouveau montrer, dans ce cas par-
ticulier , comment ces simples changements de représentation per-—
mettent de prendre en compte les interactions entre les différen—

tes voies rovibrationnelles. Pour cela, reécrivons par exemple
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les coefficients de couplage Cii’ (6g.24) entre deux voies d’io—

nisation
3 + 3 + st +, 5
v+N+’v+’N+’ f <N ;A> <v+i ]CA]V+ N > <ﬁ!N > (17Qa)
+ serFa o o NY N
<v+N *CA}y+ N > = ‘idev+(R) :ospr(R) Xv+,(R) (170b)
LPexpression (170a) (resp. (170b)) montre clairement gque la

transformation <N+1A> (resp.xv+(R)) et la dépendance en N (resp.
R) des défauts gquantigues propres rendent compte des interactions
entre les différentes voies rotationnelles (resp. vibrationnel-
les ). En effet, si les défauts guantigues propres ne dépendent
pas de , le terme <V+N+lC {v+’N+’> se factorise dans 17 équation
(170a) et les éléments de matrice C non diagonaux en N+ 8% annu-
lent de part 17unitarité de 1a matrice de transformation de
repere. De m8me si les défauts quantiques prup;es ne varient pas
avec R, le terme coswy, se factorise dans 17 éguation (170b) et
les éléments de matrice € non diagornaux en v+ s annulent. Insis-—
tons encore une fois sur la puissance et la simplicité du concept
de changement de représentation, qui raméne la description de
processus dynamiques & priori compliqués tel gue 17autpionisation
vibrationnelle ou rotationnelle, a la détermination dune phase

ou d un défaut gquantigue.




-109~

Spectroscopy in the Ionisation Continuum

Vibrational Preionisation in H, Calculated by Multichannel
Quantum-defect Theory

By CH. JUNGEN aND M. RAOQULT

Laboratoire de Photophysique Moléculaire du C.N.R.S., T Université de
Paris-Sud, 91405 Orsay, France

‘Received Sth February, 1981

Multichannel quantum-defect theory has been used to calculate the effect of vibrational-rotational
preionisation on the total and partial oscillator-strength distributions and photoelectron angular
distribution in H, for excitation between 800 and 750 A. The total oscillator-strength profiles ob-
tained agree well with the high-resolution photoionisation data of Dehmer and Chupka. The
results of these authors concerning the final vibrational state distributions obtained by exciting pre-
ionisation resonances are also in excellent agreement with the present calculations. Particular atten-
tion is given to Rydberg levels which preionise via Av < —1 processes. Preionisation is found to
affect all partial vibrational cross-sections o+ near narrow Av < —1 resonances, while near broad
Av = —1 peaks only gc+ = v — { is perturbed (v* and v are the vibrational quantum numbers of the
final state and of the preionised Rydberg level, respectively). Further, it is found that peaks which
preionise via Av < —1 and fall among the higher members of a series with less vibrational energy tend
to appear as * complex ” resonances, consisting of a sharp central peak surrounded by an extensive
structure of broader satellites.

1. INTRODUCTION

Molecular photoionisation cross-sections near threshold often exhibit a rich line
structure consisting of peaks of variable intensity, width and shape, which appear
superimposed on an otherwise smooth intensity distribution. Such resonances are the
manifestation of preionisation, i.e. they reveal the existence of an * indirect ” photo-
ionisation process which can be envisaged as consisting of two successive steps.
Absorption of a photon in the first step carries one electron into a highly excited Ryd-
berg orbit and simultaneously induces some vibrational excitation if the radiative
transition involves a change in molecular geometry. During subsequent collisions
with the loosely bound electron the vibrationally excited residual core exchanges
part or all of its vibrational energy with the electron, allowing the latter to escape to
infinity.! It was pointed out many years ago? that the conversion of vibrational
into electronic energy should occur preferentially by exchange of a single vibrational
quantum of energy. Indeed, if the vibrational motion is strictly harmonic and the
quantum defect of the Rydberg electron varies linearly with internuclear distance,
the selection rule Av = 41 for the non-radiative coupling holds strictly.’ One
purpose of the present paper is to show that this selection rule, even when it is valid,
cannot be applied without precautions to obserrable quantities such as photoionisation
cross-sections or photoion currents. :

We have recently used* multichannel quantum defect theory (MQDT)%® to cal-
culate the profiles of several broad preionisation resonances in the photoionisation
spectrum of H,, corresponding to Rydberg levels 8pa, v, J =1 and 8pr, v, J = 1,

t Laboratoire associé a 1'Université de Paris-Sud.
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which preionise through exchange of a single quantum of vibrational energy, and we
have found good agreement with the high-resolution photoionisation relative cross-
sections measured by Dehmer and Chupka’ for this molecule. Here we extend the
calculations to a broader spectral range, and we focus in particular on the profiles of
resonances npd, v, J which lie below the ionisation threshold corresponding to the
vibrational state v* = v — | of the ion. Near such resonances preionisation there-
fore proceeds by conversion of at least two vibrational quanta and yields the ion in
a final state v* v — 2. At the same time the absorption oscillator strength
associated with the quasi-bound Rydberg level npd, v is relatively high, since the
principal quantum number is relatively low (typically n < 7).
> It has often been argued (as again recently in the cases of the NO and NH; mole-
cules),®? that such levels should not appear in the photoionisation spectrum since
they are so weakly coupled to the ionisation continua that the alternative processes,
fluorescence and predissociation, can compete successfully against preionisation, and
in fact take over completely. The shortcoming of this argument is that it takes into
consideration only one Rydberg level (or series) and one single continuum, or, in
other terms, one closed and one open ionised channel. 1t overlooks the multichannel
character of a real situation where, for example, the Rydberg levels with high n associa-
ated with the closed channel v — 1 are coupled to both the continuum v — 2 and the
low-n Rydberg levels v, and thereby induce preionisation. In the present paper we
document this in detail on the basis of experimentaily well-studied examples in the H,
spectrum. We find that interchannel coupling tends to spread the oscillator strength
associated with a low-n/high-v Rydberg level over several Rydberg ** satellites " v — 1
covering a spectral range much broader than the preionisation width of the Rydberg
level npA, v itself. Our examples show further that most of the individual satellites
are substantially broader than the central peak. Such a situation then, if not recog-
nised, may lead to apparently conflicting experimental results, namely, when a broad
resonance is seen in the photoionisation spectrum at low resolution, yet fluorescence
is also observed at the same excitation wavelength, implying a level width which is
orders of magnitude smaller. Ounly little attention has been given in the past to this
aspect of molecular photoionisation. We think, however, that the appearance of
such * complex ™ resonances—as we propose to call them—may become a widely
observed phenomenon. A previously documented example appears in H, right at
threshold.*®

In addition to the calculations of the total oscillator strength profile we present
detailed predictions concerning the partial vibrational-rotational cross-section pro-
files as well as photoelectron angular distributions. OQur calculations also yield a
slightly improved experimental value for the vibrational quantum AG(1/2) of the
H; ion.

2. CALCULATIONS

The calculations of total and partial integrated cross-sections (oscillator strengths)
have been carried out as previously described.!® Briefly, we suppose that the mole-
cule is initially in the J” == 0 level of the X'Z}, v” = 0 ground state of H, (para-H,
cooled to liquid-nitrogen temperature as in Dehmer and Chupka’s 7 experiment) and
that only the / = 1 partial wave, corresponding to a p electron, contributes near thres-
hold.!* Fluorescence and predissociation are neglected, although some evidence for
their presence will emerge below. In these circumstances the photoabscrption-
photoionisation spectrum is fully characterised by the following set of parameters:
(i) the tonisation potential LP. eoe = 124 417.3 cm~! of H, calculated*? including-
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radiative and relativistic effects, as well as non-adiabatic corrections for the H, ground
state; (ii) the adiabatic potential-energy curve ¥*(R) for the H} ion in its 2}
ground state, which serves to generate the rotation—vibration levels E,+ y+ of the
ion in the adiabatic approximation and the associated vibrational wavefunctions
&% + (R) ;13 (iii) the adiabatic potential-energy curve V"(R) of the H, ground state,
which is used to evaluate the vibrational wavefunction y7.(R) for the initial state;!*
(iv) two electronic dipole transition-moment functions da(R), A = 0 and 1, for excita-
tion from the ground state to npA Rydberg levels; (v) two quantum-defect func-
tions xa(R), A =0 and 1, which measure the net effect on the motion of the pl
(A = A) photoelectron of all its interactions with the individual particles inside the
core.

The quantum defect functions are the key quantities in the present calculations.
Their magnitudes determine where the Rydberg resonances occur with respect to
those given by the Balmer formula, ¢ = —1/(2n%). Further, their variations with
internuclear distance R account for the coupling between nuclear and electronic
motion which is responsible for vibrational preionisation. The functions uz(R) and
un(R) have been determined previously*!® from accurate Rydberg line positions

. measured in the absorption spectrum? of H, for the range of electron energies of .
interest here. In the following we review briefly how they are used together with the
other quantities listed above in order to evaluate the photoionisation oscillator strength
as a function of excitation energy E. Thereader who is not interested in the theoretical
details or who is familiar with MQDT may at this point move directly to the beginning

- of section 3.

2.1. SPECTRAL DISTRIBUTION OF OSCILLATOR STRENGTH

. The oscillator strength for photoionisation of H,, leaving the ion in a given rovi-
brational state i = v¥, N7, can be expressed! as a coherent superposition of dipole
amplitudes D,, i = v*, N*, referring to excitation of alternative channel components
which are present in the molecular wavefunction at short range with amplitude B,.
At long range by definition only the component i remains. The expression for the
oscillator strength is :

F — - — i int ], 2
BN =5 gy (B = B0 [301p> e 3BieD| M
where the dipole amplitudes are given by

Dyye= 3 (N*INKAUD [ R AR di® 4R @)
For a given value J of the total angular momentum, the ion rotational quantum num-
ber values N* implicit in the summations over p and / are restricted to the three values
N* =J 4+ 1 and N* = J for parity (—1) and (—1)’ * !, respectively, owing to the
fact that the photoelectron departs with / ==1. The corresponding experimental fact
is that only two electronic Rydberg series are observed in absorption, npo and npr,
of which the latter is doubly degenerate. In eqn (1) the S ... includes all channels

P .
which are open at the given total energy E, E — E, being the transition energy, while
the Z ... includes all vibrational-rotational channels, open or closed, which are of

!
physical importance at E. The 1, are the asymptotic eigenphase-shifts of the open-
" channel interaction. Their number equals that of open channels and their sum
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increases by unity each time when the energy E passes through a preionisation reson-
ance. Therate of change of the phases is proportional to the lifetime of the preionised
level.!® The eigenphases are related to the scattering matrix which pertains to the
collision of a p electron with a rotating-vibrating ion by

i = ZLilp> € (pli*y ©)
P

An explicit expression for the elements <{i[p)> of the unitary transformation which
diagonalises the S matrix is mentioned below.

The phases 1, and channel mixing coefficients B2 are determined by the following
homogeneous algebraic linear system which results from the application of the appro-
priate boundary conditions to the molecular wavefunction at infinity and on the
boundary of the core, and which hence is set up in terms of the quantum defect func-
tions uA(R):

ieQ: X(sinmy, <ilcli">’ + cosmv, ils|i")’) B» =0
igP: 3 (—sinnt, <ilcli’>? + cosnt, (i[s|i"}’) B{» = 0. 4

Here i = v*, N*, and P and Q refer to open and closed channels, respectively. The
matrix elements <ilc|i") and <i|s|i") are

Gleliny? =AZ<N+1A>J (o*, N*tlealot’, N* AN,
(o, N*lealp?', N*") = /x’ii (R) cosmua(R) ¥S1{R) dR; (5)

with a similar expression for {is|i")? where cos is replaced by sin. In the separated
ion plus electron system the total energy E is shared between the two fragments accord-
ing to E = L.P. 4+ E; + ¢, where E; are the levels of the ion. The electron energy ¢,
is negative for closed channels, ¢ = —1/(2v}), while it is positive for open channels
where the quantity v, in the linear system eqn (4) is replaced by —nt,. The unitary
transformation which diagonalises the scattering matrix is also expressed in terms
of the phases 1, and coefficients B;. The elements of the transformation matrix are

Cilpy = 3 (cosnz, ileli’>’ + sinmz, <ils|i')”)BYe . (6)

Finally, the transformation matrix elements (N*|A)’ occurring in eqn (2) and (5)
connect Hund’s case (d) with case (b) states, that is, they account for the uncoupling
of I from the molecular axis occurring when the electron ranges far from the core.
They are analytically known.® The coefficients {A|J")’ are in essence the Honi-
London factors for the optical transition. They happen to be the same as the
(N*|A)’ in the present case where the angular momenta of the photon and the
photoelectron are the same.*®

Comparison of eqn (1) and (3) shows how MQDT treats the photoionisation pro-
cess as a half-collision in which the dipole elements D, act as a source term. Note
also how explicit reference to discrete states (closed channels) has been eliminated
from eqn (1) and (3). It is the channel mixing coefficients B? and phases r, which by
means of their rapid variation near a resonance account for preionisation. On the
other hand the basic parameters ua(R) and da(R) vary slowly, on the scale of the total
energy £, since they refer to the motion of the excited electron at short range where its
kinetic energy is very high. In the following we regard the quantum defects as being
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independent of energy over the range of ca. 1 V. On the other hand we neglect the
dependences on R and A of the electronic dipole elements, but we include a slight
variation with energy. We take

dg(R) = dn(R) = d M

with the values d = 1.86 a.u. near threshold (804 A) and d = 1.73 a.u. near the v+ = 4
limit (755 A) obtained from the measurements of Backx et al.,'® whose low-resolution
experiment did not resolve vibrational and rotational fine structure.

2.2 PHOTOELECTRON ANGULAR DISTRIBUTIONS

The theory of photoelectron angular distributions has been discussed in detail by
Dill” and has recently been adapted to the treatment of vibrational preionisation.'*
We mention here briefly that for J” = 0 and / = 1 the asymmetry parameter S+ y+
relating the differential cross-section to the integrated cross-section according to

dogr e [d = T {1 — $B,r, ne Po(cos 6)] ®

(randomly oriented molecules, unpolarised light; & is the angle between the incoming
light beam and the outgoing electron), depends solely on the geometry of the process
and not on its dynamics. It is therefore independent of energy with values § = 2 for
Nt =J"=0and §=1/5 for N* =J" 4 2 =2. However, if the final rotational
state of the ion is not resolved because of insufficient experimental resolution, the
effective value B,+ observed will reflect the rotational photoelectron branching ratio

Cp+ N+ =
St v = iz 0ot ©)
O’v+,o+0'v+‘2

according to
ﬂv-\\- = 232":'0 + %‘S;‘?ﬁ‘_z. (10)

[The integrated cross-section in eqn (8) and (9) is to within the factor 1.098 x 10~1¢
cm? eV equal to the oscillator strength df/dE of eqn (1).] The rotational branching
ratio s, in turn, is predicted to oscillate strongly near preionisation resonances, with
the result that such resonances are expected to show up conspicuously in the (partial
vibrational or total) differential cross-section (oscillator strength) distribution. We
predict below that most of the resonances just below the v+ = 1 ionisation limit have
preionisation widths smaller than the Doppler width (ca. 0.5 cm™* at 78 K). Yet we
expect that they should give rise to dips in the spectral distribution of the asymmetry
parameter f$,+ which are several wavenumbers wide and hence should be observable
with conventional light sources.

We have evaluated eqn (1), (9) and (10) by including between 14 and 20 rovibra-
tional channels (f.e. v* = 0 to 6 or 9 with N* = 0 and 2). The energy was varied
in steps of typically 0.02 or 0.2 cm™! near sharp resonances, and of 2 cm~* in the
smoother parts of the spectrum.

3. RESULTS

We have selected two spectral regions for calculation, corresponding to excitation
wavelengths near 791 and 754 A, respectively. Fig. 1 is an energy-level diagram
showing the Rydberg levels falling into these regions and the continua involved in the
photoionisation process.
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3.1 THE REGION NEAR 791 A

The first region chosen for calculation is dominated by the 7ps, v = 2,J = 1 and
Spr, v = 3, J = | photoionisation peaks. At this energy only the v+ = 0, N* =0
and v* =0, N* = 2 channels are open (¢f. fig. 1). Fig. 2 shows the total photo-
ionisation cross-section observed by Dehmer and Chupka’ between 790.7 and 791.7 A
(points) along With™ our"calculated "spectrum’ (full line). The -resonance profiles -

720
—136 000
740~ [
vo =5 -y
=% ——6pn
8pm— 6po
< 27p2 =322 R2000
= 760+ 7
g 5
z . 5
780
: 128000
__—'\ - Tpa ISpn:
16p2— 1952 7
1800 =27p0
800
v'=0 124 000

F1G. 1.—Schematic illustration of vibrational-rotational preionisation in H; (J = 1, negative parity).

Continua are indicated by shading: for each given v* of the ion H,* there are two continua corres-

ponding to rotational numbers N* = 0and 2 of theion. Selected discrete Rydberg levels are indica-

ted below the vibrational ionisation limit with which they are associated. All ionisation channels

(i.e. continua plus associated Rydberg series) interact as a consequence of rotation-vibration-elec-
tron coupling. :

calculated in this range have widths ca. one order of magnitude smaller than the ex-
perimental resolution width of 0.016 A (f.w.h.m.). In order to compare the observed
and calculated spectra we therefore had to convolute the calculated spectrum with a
corresponding triangular apparatus function. In addition, since Dehmer and Chupka
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give only the relative photoionisation cross-section curve, we must match the theoretical
to the experimental spectrum at one point. This matching was done in ref. (4) at
the maximum of the broad 8po, v = 2, J = 1 peak near 788 A; the resulting scaling
factor has been taken over into the present work. Table 1 contains complementary
data concerning the observed and calculated peak energies, unconvoluted peak
maxima and widths.

energy/cm~!

126 450 126 400 126 350 126 300
i 1 1 T H 1 H ] 1 T T T T 1 H T
119 1l7 16p2,v =1
l l
3r .
TN T [ | l
27 22 20p0,v=1
% ~‘\{5,0‘&,&':3 . \7pa’,v=2
= 2k max.~1/2 |
&0
5
7 {a)
]
=2
.’é
[»] l -4
AU 1

O'L 1 T 1 1 i 1 T T T T

0.2

width/cm™

i IR
791.0 791.5
wavelength/A
Fi16. 2.—(a) (top) Observed and calculated photoionisation spectra near the v* = 1, N+ = 0 thres-
hold (789.836 A) in H, (J =1, J” = 0). The experimental points are from Dehmer and Chupka
[ref. (7)]. The calculated spectrum is broadened to a resolution of 0.016 A to correspond to the
experimental measurements. (4) (bottom) Calculated preionisation widths. Each circle refers to
the peak situated at the same wavelength in the upper part of the figure. Note the difference in the
energy scales on the ordinate (bottom) and the abscissa (top). See text for further explanations.

The good overall agreement between the experimental and theoretical data dis-
played in fig. 2 is evident, in particular when the highly perturbed and irregular
character of this portion of the spectrum is taken into account. A dominant feature
are the two pronounced maxima in the distribution of the intensity among the various
Rydberg peaks. These maxima are centred around the positions of the 7po, v = 2
and 5pm, v = 3 lines, indicating that the high oscillator strength associated with these
lines is distributed by vibration-electron (vibronic) coupling among several lines
belonging to the » = 1 Rydberg series. Indeed, by arbitrarily removing the v* = 2
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and 3 channels from the calculation, we have found that none of the remaining v = 1
lines has an intrinsic intensity of more than 0.2 eV~! in the plot of fig. 2. Thus the
present situation is somewhat complex: the photoionisation oscillator strength ori-
ginates primarily from the two low-n/high-v interlopers, while the coupling with the
v* = 0 continuum, necessary for the peaks to appear in the photoionisation spectrum,
is provided by the quasi-discrete levels with » = 1. We conclude that the enhanced

TABLE 1.—EXCITED LEVELS OF H; NEAR THE v* == 1 IONISATION THRESHOLD (J == 1, NEGA-
TIVE PARITY): ENERGIES, PREIONISATION WIDTHS AND OSCILLATOR STRENGTHS

obs. calculated calculated calc. obs.

approximate (Q_I: € (C_l[ 7 (e (l}_[_) fem & L
description Eobs 2 Ecate?  Eovs — Ecale Av(Bmin)¢ T'? \dE/max \dE/ max dE/ max ot oa
19p2, 0 = 1 126 464.8 126 465.0, -0.2 -0.4 0.26 0.31 0.05 0.06 83 —_
27p0, v = 1 457.1 457.52 —0.4 —0.2 0.14 1.1 0.09 0.10 90 —
26p0, 0 = 1 — 446.7, — —0.04 0.03, 0.009k — — —_— —

Spr, 0 =3 442.3 4422, (+0.1) +0.9 0.008, 880 4.75 1.79 38 67
25p0, v =1 435.0 435.2, ~0.3 4+ 0.0, 0.03, 0.7 —_ - — —
18p2, 0= 1 428.7 428.8, -0.2 - 1.1 0.35 3.2 0.65 0.59 89 -—
24p0, 0= 1 417.5 417.6, 0.1 —0.5 0.15 6.1 0.53 0.45 85 _—
23p0, 0 =1 401.9 402.1, —-0.2 +0.0¢ 0.03, 12.8 0.24 0.23 96 —
17p2, 0 = 1 390.9 391.1, ~0.3 —-1.3 0.35 2.8 0.58 0.43 74 —_
2200, 0 = 1 380.8 381.2, —-04 -L3 0.27 8.0 1.28 0.99 77 —
21p0, 0= 1 360.7 361.1, —0.5 -0.5 0.12 28.6 2.07 1.19 57 -

Tpo, v =2 355.7 356.5, (—0.8) -2.3 0.06, 96.8 3.57 2.18 61 71
16p2, 0 =1 338.7 339.1, ~0.5 +1.2 0.02, 88.0 1.15 1.15 100 —
20p0, v = | 325.6 326.4, -0.8 +0.9 0.29 2.0 0.35 0.40 el —
13p0, 0 = 1 304.6 305.1, —~0.5 -0.0, 0.10 2.9 0.17 0.26 (ANl —

4 ¢cm ~*; R(0) absorption lines fromref. (3). » cm ~}; energy of intensity maximum. €cm-'; Av(fmia) = E{(Smin) — Ecale
where E(fimin) is the energy at which the asymetry parameter fu+ = 0 hasa minimum (see the text). ¢ em-!; preionisation
width. € eV —}; intensity maximum. J eV ~!}; intensity maximum after convolution with apparatus function of width
(f.w.h.m.)2.6cm=~t ¢ eV='; from ref. (7) with overall normalisation as described in thetext. # %;; evaliated according to

g—‘;a E%% t%¢; obtained in ref. (7) from a comparison of the photoabsorption and photoionisation
max -

spectra. X Intensity mini (window resc ). ! Overlapped by J'” = | absorption line. Note: The widths I" have
been obtained by fitting the calculated intensity profiles by a Fano profile. The shape index ¢ (defined only for ** isolated ™
resonances) is related to the peak height by (df/dE)max = 3.35 x 10-7(E — E,) (cm~}) X d*(a.u.) ot =0lp” = 0¥ (g* + 1)
with d = 1.86 a.u. and v+ =0} v’* == 0> == 0.298. The factor multiplying (¢* + 1) is the intensity of the unperturbed
u* = 0, N* = 0 and 2 continua and has the value 0.0130 eV %,

Rydberg lines flanking the two dominating resonances can be regarded as ** satellites
resulting from the breakdown of the independence of the nuclear and electronic
motions. The whole spectral section shown in fig. 2 can be viewed as consisting of
two “ complex  resonances characterised by a broad distribution of intensity and a
rather sharp fine structure. Indeed, under low experimental resolution all the lines
seen in fig. 2 fuse into two broad photoionisation peaks which have apparent widths
of ca. 20 cm™*. 'This is illustrated, for example, by the fig. 1 of the paper by Dehmer
and Chupka'® representing a spectrum taken with a wavelength resolution of 0.08 A.

If on the other hand we examine the spectrum calculated for infinite resolution
(i.e., without convolution) the picture once more changes drasticaily. The calculated
widths and peak heights are compared in table 1 with the convoluted data from fig. 2.
The non-convoluted preionisation widths are also plotted as circles in fig. 2(8). It
appears that the unconvoluted peak heights, along with the preionisation widths,
vary from level to level according to a pattern which could not have been foreseen
from the lower resolution plot. Two interesting features show up in the bottom part
of fig. 2. The first is that in spite of the broad spectral distribution of their oscillator
strengths the interlopers with » > 1 remain very narrow themselves, owing to the
weakness of the direct vibronic coupling between the v > 2 and v == 0 channels. The
second is that the widths of the v = 1 lines, while generally being larger than those of
the interlopers, show a characteristic cyclic variation with energy.
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The origin of the second effect can be understood when one considers the structure
of the electron wavefunction at short range where the interconversion of electronic
and vibrational energy takes place. It is known3* that the vibration—electron coupl-
ing is carried almost exclusively by the electronic-wavefunction component of X sym-
metry since only the quantum defect yx varies strongly with R. (The II component
has a nodal plane parallel to the molecular axis and is little affected by vibration.)
As a consequence the preionisation widths are largest near energies where the £ ampli-
tude of the wavefunction near the core is largest. The decomposition of the wave-
function into components of a definite value A is obtained from the channel mixing
coefficients B,+, y+ by the transformation®®

Aprp = % CAIN*) Bor, n+ amn
from Hund’s case (d) to case (b). In fig. 2 (bottom) we have plotted the curve
(Ao = 1,2)% calculated from eqn (11) [with coefficients B+ 1, y+ obtained by eliminat-
ing all but the v* = 1, N* = 0 and 2 channels from eqn (4)] and normalised accord-
ing to (dor = 1,2)* + (4o = 1,m)? = 1, which directly gives the £ content of the mole-
cular wavefunction near the core as a function of energy: it is seen that its oscillatory
behaviour indeed parallels that of the calculated preionisation widths. The present
data furnish a good illustration of Fano’s concept of short-range or eigen- channels
which are connected to the ionisation channels by a frame transformation such as
described by eqn (11) for the angular coordinates of the excited electron. The eigen-
channel functions are appropriate at short range, as in the present example where the
Born-Oppenheimer classification of states is valid when the excited electron is near
or inside the core. This is the case in the lowest Rydberg levels. As the energy
increases and the Rydberg electron ranges progressively farther from the core, the
short-range part of the molecular wavefunction begins to oscillate between the two
limiting situations [case (b): A = Oor 1;, case (d): N* = Oor 2] with a period deter-
mined by the spacing of the Rydberg series converging to the N+ = 2 limit. These
oscillations have been illustrated by Fano? in an instructive figure. The present
example is a prediction which remains to be tested by a sub-Doppler experiment.

Returning to the line profiles of the interlopers 7pc, v = 2 and 5pz, v = 3 we note
that their small calculated preionisation widths imply lifetimes as long as 0.6 ns for
5pm, v = 3 and 0.1 ns for 7po, v = 2, that is, sufficiently long that molecular fluores-
cence may begin to compete. Breton er a/.*! have indeed been able to induce fluores-
cence by exciting H, near 791.41 A (7po, v = 2). Excitation near 790.87 A (5pm,
v = 3) on the other hand gave a negative result: the failure of the 5pr, v = 3 level to
fluoresce, in spite of its calculated sharpness, suggests that it must be predis-
sociated. The observation near 791.41 A is one of the six known cases in H,
where fluorescence from levels with parity (—1)” situated above the ionisation thres-
hold has been seen, and it represents the only case where the fluorescing level has
(approximate) Z* symmetry. [Levels having parity (—1)’+! are not affected by /-
uncoupling; they have pure 'II7 symmetry and are so little broadened by preionisa-
tion that fluorescence can be observed in many cases]. The exceptional behaviour
of the 7po, v = 2 level is only in part related to the weakness of the Ap = 2 coupling
" as can be inferred from the width of 6po, v = 2 at 797.32 A: this level falls among
the widely spaced v = | Rydberg levels with n =28 ... 10 and does not form a
“complex " resonance. The calculation gives the substantial width " = 1.2 cm™Y fe.,
- the resonance is ca. 20 times broader than 7po, v = 2, in total contradiction to the
rule stating that the peak widths vary along a series as (#*)=3. The experimental
information available on 6po, v = 2 is in accordance with the present result: this
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FiG. 3.—Asymmetry parameter § (top) and rotational branching ratios (bottom) as functions of
wavelength for the spectral range shown in fig. 2. The positions of the peak maxima seen in fig. 2
are indicated by crosses.
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level is 1009 preionised 7 and does not fluoresce.> Note on the other hand that 8po,
v =2 is situated above the »* = 1 limit, preionises via Av = —1 and is very broad
(' = 9.7 cm™"), while 5po, v = 2 lies lower than the ionisation potential.

In view of the foregoing discussion we can interpret the discrepancies between the
systematically too high calculated and the observed photoionisation peaks in fig. 2 as
being due to our neglect of the fluorescence and dissociation channels. Table 1 lists
the photoionisation efficiencies o/, (second last column) derived with this assumption
and compares them with the available purely experimental data of Dehmer and
Chupka’ (last column). o, and o, are here defined as the ionisation and absorption
cross-sections integrated over each peak profile with the experimental apparatus func-
tion from ref. (7). Considering the relatively crude approximations used in our evalu-
ation of the dipole amplitudes D, [neglect of the R, A dependences of the functions
da(R)], we think that the deviations from 100%; are probably significant only in the
few cases where they exceed 209,. We note good agreement with the result of ref. (7)
for Tpo, v = 2, but a substantial discrepancy for 5pz, v = 3.

We finally turn to the discussion of the calculated asymmetry parameter S+ - ;.
This quantity, evaluated according to eqn (9) and (10), is plotted in fig. 3 along with
the related rotational branching ratios derived from the partial oscillator strength
distributions. A suprising result is that the resonances which are calculated to appear
with sub-Doppler widths in the integrated oscillator strength curve, are predicted to
exhibit f,+ profiles orders of magnitude broader and hence readily measurable with
the wavelength resolution of the monochromator used in ref. (7). The characteristic
variation of broadness as a function of energy is again seen in fig. 3. The wavelengths
corresponding to the maxima of photoionisation intensity are indicated by crosses in
the figure: we see that they do not exactly coincide with the predicted minima of the
B parameter. We find in fact that the corresponding energy differences, listed in
table 1, in most cases are larger than the resonance widths I" themselves.

3.2 IONISATION POTENTIAL OF H, AND FIRST VIBRATIONAL
QUANTUM OF Hf

The reader may have noticed that there is a systematic small shift of ca. 0.01 A
between the calculated and observed spectra shown in fig. 2. The origin of this shift is
experimental; it arises’ from an imperfection of the wavelength drive used by Dehmer
and Chupka. On the other hand, the corresponding wavenumbers entered in table I
stem from the high-resolution photoabsorption photographic plates obtained by Herz-
berg;? they have an absolute accuracy of +0.0010 A (40.16 cm ™). Itcan be seen from
table 1 that a small systematic shift of ca. —0.3 cm™! between experiment and
theory nevertheless persists, although this would not show up on the scale of fig. 2.
It is quite unlikely that this shift arises from the limitation of the accuracy of the quan-
tum defects used in the calculations. We estimate on the basis of the accuracy with
which these have been determined**® and of their known variation with energy,* that
this source of error explains only 109 of the observed discrepancy. Other possible
sources of error are the limited accuracy of the theoretical ionisation potential of H,
and the fact that non-adiabatic effects in the ion H% have not been included in the
rovibrational limits E.+, y+ (cf section 2).

In order to check this hypothesis we-have calculated several discrete R(0) lines
corresponding to high Rydberg levels (n = 16 to 27) associated with the v+ =0,
N* =0 and 2 ionisation limits, which are free from blending by strong low n/high v
lines [¢f. fig. 1 of ref. (3)]. The results are presented in table 2: it is seen that there is
again a systematic, but this time much smaller, discrepancy between experiment
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and theory. Adjustment of the ionisation limits on the basis of the combined data
of tables 1 and 2, yields the following slightly revised observed values for the ionisa~
tion potential of H, and the first vibrational quantum of H% :

LP. s = 1244172 + 0.2 cm~!
AG(1/2)gs .= 2191.1 = 0.1 cm~!

which are to be compared with the theoretical values!#2?

LPpeor = 124417.3 cm™!
AG(/ipeor =  2191.14 cm=L.

The value of the observed ionisation potential given here is the same as in ref. (3);
the uncertainty, however, is reduced by a factor of two. The present AG(1/2) value
is slightly smaller than that of ref. (3) and also has a reduced uncertainty. The slight
improvement is due to the more sophisticated treatment by MQDT of the strong
vibronic effects in excited H,. The very weak vibronic coupling in the ion H* itself
has been calculated by Bishop?* to lower the AG(1/2) value by 0.18 cm™!; this corre-

TABLE 2.——EXCITED LEVELS OF H, NEAR THE v+ = 0 IONISATION THRESHOLD (J = 1,
NEGATIVE PARITY) ’

approximate

description Es® Eeare® Eoos = Ecate Jops X 5 foge X 10%
2700, v =0 124 266.8 124 266.78 0.0 20 0.11
26p0, v =0 256.1 256.02 +0.1 20 0.20
18p2, v =10 247.9 247.97 -0.1 15 0.09
25p0, v =0 240.9¢ 240.43 (+0.5)* 25 0.06
24p0, v =0 . 226.8 226.94 —0.1 30 0.20
23p0, v =0 212.2 212.27 -0.1 25 0.24
17p2, v =0 205.0¢ : 204.09 (0.9)4 0 0.002
22p0,v =0 189.7 189.98 -0.3 30 0.25
21p0, v =0 169.9 169.97 —0.1 30 0.33
unidentified 162.0 -— — 30 —
16p2, v =0 155.0¢ 156.13 (—LDn¢ 0 0.005
2000, v = 0 141.2 141.51 —0.3 30 0.33

“cm™*; R(0) absorption line from ref. (3); ® em™*; calculated energy of discrete level; ¢ oscilla-
tor strength. © These lines are calculated and observed very weak; the experimental values are
probably less reliable in these cases. ¢ This line is calculated weak but observed strong; it is possibly
blended with an unidentified line. ’

sponds essentially to the shift which we have found in table 1. A more accurate
experimental test of the theoretical predictions for HY, such as has been possible for
HD*,” cannot be made on the basis of the present data.

3.3 THE REGION NEAR 754 A

The second region chosen for calculation lies almost 1 eV higher in energy than

- the first, near the v* = 4 ionisation limit. In this range a total of ten vibrational-

rotational ionisation channels is available for ionisation. At the same time the
interactions between channels due to vibration-electron coupling are stronger
because the average kinetic energy of the nuclei is higher. The consequences are
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clearly reflected by the photoionisation spectrum in this range, shown in fig. 4: instead
of the quasidiscrete many-line spectrum of fig. 2 we see now mostly broad continuous
variations of oscillator strength density. Two resonances with v = 6, 6po and 6pr,
fall into this range, and appear strongly in spite of their high vibrational quantum
number, which implies Av < —2. .

The 6po peak located between the N* == 0 and N* = 2 thresholds associated
with v* = 4 is an extreme example of a * complex " resonance of the type encoun-
tered previously near 7pg, v = 2 and 5pr, v = 3. It is the strongly preionised Ryd-
berg series np2, v = 4, represented by the strongly enhanced members n = 28 to 32,

energy/cm™*
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FiG. 4.—Preionisation near the v* = 4, N* = 0 and 2 thresholds in H,(J = 1,J” = 0). The observed

and calculated total oscillator strengths are shown as functions of photon wavelength. The experi-

mental points from Dehmer and Chupka [ref. (7)] have been shifted by —0.068 A such as to bring the

observed and calculated 9pa, v = 5 peaks into coincidence. The calculated spectrum is broadened
to a resolution of 0.016 A to correspond to the experimental measurements.

which in this case provides the link with the continua. The * complex ** 6po reson-
ance is quite broad (ca. 15 cm™?), yet the 6po, v = 6 level intercalated between the
n =30 and 31 N* = 2 members is calculated to be quite sharp, though this may not
be appreciated from the convoluted spectrum of fig. 4. The unconvoluted data
showing this are summarised in table 3: the np2, v = 4 lines are broad, with widths
of the order of 2 cm™%, to be compared with the Rydberg spacing of ca. 10 cm~1,
6po, v = 6, with its width of only 0.35 cm ™, on the other hand, is a counter-example
to the common rule which states that Rydberg resonances are broader, the lower
their principal quantum number.

More insight into the vibration—electron coupling mechanism can be gained
by examining the channel mixing coefficients A, o or By n+ [eqn (4) and (11)]
calculated for the Rydberg levels under consideration. The data of table 3 indicate
the presence of strong mixing between the closed channels, which does not involve
just v =4 and 6 but affects all vibrational components from v = 4-7. Thus it is
clear that simple rules concerning vibrational preionisation cannot be verified here,
and that spectroscopic assignments can be made only in terms, for example, of the
largest vibrational component present in the molecular wavefunction at a given energy,
or on intensity grounds. It is not surprising in this context that out of the five peaks
with n < 20 seen in fig. 4 only two had previously been attributed.
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Fig. 5 presents calculated (unconvoluted) partial vibrational oscillator strength
densities for the same region, obtained by summing over the rotational components
(dE/df)|7r7= with N* = 0 and 2 where these are both open. Fig. 6 contains the vi-
brational branching ratios defined as

S = a3 oy (12)
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Fi1G. 5.—Calculated partial vibrational oscillator strength distributions for the spectral range shown
infig. 4. Near thev* = 4, N* = 2 limit the data have been averaged over the dense Rydberg struc-
ture arising from the np2, v = 4 (n"> 36) Rydberg series (broken line).

in terms of the partial vibrational cross-sections (oscillator-strength densities) together
with the vibrational asymmetry parameters §,-. The main features of these plots are
the following. One and the same resonance can according to our predictions present
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quite different shapes depending on the vibrational photoelectron group selected for
observation, although its width will always be the same. Notice, for example, how
the 6pg, v = 6 fine-structure peak in the “ complex ” resonance yields essentially a
Lorentzian profile (Fano profile with |g| > 1) in the v* = 4 and 3 channels, but shows
up with the shape of a dispersion curve (Jg| = 1) in the v* = 1 channel.

2.0p= T T T T T T Ty ———
TQLT <27¢\'}¢g§
\/ ____l \"’-L‘
2 2
] 1
LV g 04
4 g 3 np
veh
2
1
1.0 -2 3 4 -
4
-~
R (a) B
-3
0.0 ] 1 ! 1 L 1 1 H . 1l i
1.0 T T T T T T

(b)

np2
v':ol.

wavelength/A

F1G. 6.—~Calculated vibrational asymmetry parameter B (a) and vibrational branching ratios (b) as

functions of photon wavelength near 753 A. The numbers p* = 0-4 give the ordering of the

various vibrational components shown. Franck~Condon values are indicated by horizontal straight
lines on the left.

The vibrational branching ratios near resonances deviate substantially from the
Franck-Condon values (indicated by horizontal straight lines in fig. 6). The com-
ponent corresponding to the least change of v, giving the highest energetically possible
final v, is strongly enhanced at the expense of all other channels in the neighbourhood
of the intense photoionisation peaks, independently of whether preionisation proceeds
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with Av = —1 or with Av = —2. Near the less intense peaks this behaviour is
less pronounced although strong oscillations still occur.

Dehmer and Chupka®® have utilised the strong dependence on vibrational quantum
number of the rate of reaction between H?¥ and rare gases in order to establish which
are the preferred ionisation channels in the photoionisation of H,. They studied in
particular the three peaks seen at 755.0, 753.3 and 752.9 A in fig. 4, and they found that
the final vibrational state distributions of H3} are nearly the same regardless of the
vibrational quantum number of the preionised level. This conclusion is confirmed
by the calculated data shown in fig. 6. Dehmer and Chupka were able to push their
analysis somewhat further, by showing that there are small but systematic differences
between those peaks which decay through exchange of a single vibrational quantum
and those which decay through exchange of several quanta. They showed that in the
second case the number of ions formed in the highest available vibrational state is ca.
15-209 less than in the first case. These findings appear at first sight to be in contra-
diction with the present fig. 6, but they can be explained if account is taken of the pro-
cedure of analysis used by Dehmer and Chupka. Their method consisted essentially
in measuring peak heights in their spectra after subtraction of the background conti-
nuum intensity. Now, as fig. 5 shows, all intensity exceeding the background near
9po, v =5 is picked up by the v+ = 4 channel, just as Dehmer and Chupka had
assumed. On the other hand near 6pn, v = 6 about 1/4 of the additional intensity
shows up in the v* = 3 channel and 1/40 shows up in the v* = 2 channel, as can be
inferred directly from the peak heights seen in fig. 5. Somewhat more precise values,
taken at the intensity maximum, are in excellent agreement with experiment:

Final vibrational state distribution in photoionisation of H, at 752.866 A (6p%, v = 6
peak)

vt =4 v* =3 vt =2
theoretical (%) 82 16

experimental'® (%) 82 15

L

The 6pc, v = 6 ““ complex ”” resonance behaves similarly as épm, v = 6 in that it
affects all partial cross-sections down to v*¥ = 0 (fig. 3). An interesting predicted
feature is that in the v* = 0 channel the only traces of preionisation are one small
spike associated with 6pm, v = 6, and two dips belonging to the 6po, v = 6 *‘ com-
plex . Inspection of table 3 shows that these spectral features correspond to three
of the sharpest levels listed there. This suggests that |Ar|> 1 preionisation processes
are favoured near narrow resonances where the ejection of the photoelectron is de-
layed substantially with respect to direct ionisation. In this way several collisions
between electron and nuclei can occur before ionisation takes place, allowing the
electron to pick up several quanta of vibrational energy.

We finally remark that the calculated and observed peak maxima in fig. 4 all agree
to within 20%. Thus we find no clear evidence for predissociation and/or fluores-
cence in this range (¢f. the discussion in section 3.1). The displacement of the
observed with respect to the calculated 6pr, v = 6 peak in fig. 4 is an experimental
artefact as evidenced by the more precise absorption data listed in table 3. The dis-
placement of the intensity distribution in the 6pg, © = 6 ** complex ” resonance on the
other hand is genuine and no doubt arises from the fact that the quantum defect
curve U, - x(R) was fitted in ref. (4) on the basis of observed peak positions up to
v =5 only because the present v == 6 * complex ” was not assigned at the time.
Further refinement of the y, . ¢, =(R) curve published in ref. (3) would involve values
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R = 4 a.u, that is, larger than the classical outer turning point of the v* = 5 level,
and adjustments of the order of 0.01 would probably be sufficient to remove the
observed discrepancy.

4. CONCLUSIONS

In the present work we have presented a quantitative treatment of vibrational-
rotational preionisation in molecular hydrogen. The power of multichannel quan-
tum defect theory is evident, considering the ease with which it handles a variety of
aspects of molecular preionisation. We stress that the same theory, with virtually
the same molecular parameters (in particular quantum defects), has previously been
applied * with successs to the discrete level spectrum of the lowest Rydberg states of
H, with n =2 and 3. In these low-lying states the effects of vibration-rotation—elec-
tron coupling are quite different from those encountered in the continuum, and they
are commonly referred to in spectroscopic terms, as adiabatic and non-adiabatic cor-
rections, A-doubling, spectral perturbations and so forth. Thus, while the observed
phenomena are varied and complex (and can only partly be understood in terms of
simple rules such as the “ Av = —1 " selection rule), multichannel quantum defect
theory is characterised by an inherent simplicity. This derives from the fact that the
physics of electron—core’interactions at short range is separated in the approach 20-2¢
from the details of electron motion at long range, where the potential field is purely
Coulombic and local solutions of the Schrodinger equation are known analytically.’
The overall qualitative behaviour of the quantum defect functions UA(R) from which
the whole discrete and continuous spectrum emerges, can be understood simply on
the basis of a correlation diagram for electron orbitals connecting the united-atom
and separated-atoms limits.?® The fitting procedure or ab initio calculation, in which
the quantum defects are determined, then has to deal only with the details of their
evolution between ihe known limits.

We finally point out that the formation of * complex ” resonances is not restricted
to vibrational-rotational preionisation, but occurs also, and possibly more typicaily,
in electronic preionisation. The N, spectrum near 785 A furnishes a striking ex-
ample.® Here the perturbing interloper is a low Rydberg level associated with the
N3 A%, state, and interferes with the Rydberg series converging to the N3 X%},
v* =1 limit.* To what degree the detailed characteristics of the complex ” re-
sonance in N, are the same as we have found in H, is not yet known. The sharpness
of the central components of the resonance complexes ”’, with the simultaneous
broad distribution of intensity among the * satellites *’, emerges as a striking feature
of molecular preionisation. A more detailed theoretical study of the conditions
required for its appearance might be worthwhile.
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V2 LTAUTOIONISATION ELECTRONIGUE DANS N_: LES SERIES D*HOPFIELD

L7autoionisation édlectronique n'est pas en lui-mEme un pro-—
cessus dynamique plus compliqué que 17autepionisation vibration-—
nelle ou rotationnelle. La difficulté réside dans 1°obtention des
paraméetres MEDT. En effet, la transformation entre la représsnta—
tion des voies propres a courts distance et des voies de fragmen-—
tation & longue distance n'est plus simplement un changement de
repére ou une simple fonction de vibration comme dans le cas de
HZ' Nous avons montré dans le traitement MEDT gque la matrice de
transformation est constituéde des vecteurs propres de la matrice
K du probleme considéré. Pour déterminer ces éléments de matrice
nous avons utilisé une démarche inverse d: celle suivie dans Hz,
Rappelons que dans H2 nous avions tiré profit d°ume bonne con-
naissance de la spectroscopie des états dicrets pour déterminer
les défauts guantiques propres et les utiliser ensuite pour satu-
dier ]l autoionisation . Dans le cas de NE’ au contraire nous ti-
rons profit du traitement unifié des états discrets et du conti-
nuum , en commengant par étudier la région du continuum ouvert,
réputée plus simple, pour laguelle il existe des technigues de
calcul ab-initio, notamment la méthode développée par G.Raseev
pour calculer 1la fonction donde de 17électron du continuum .
Malheureusement ., ces technigues ne permetitent, pour le moment,
gue de traiter le cas d’un coeur électronigque & la ?Dis. C'est le
méme niveau dapproximation, pour un état du continuum, guiun
calcul Hartree—-Fock coeur figé pour un état discret. Néanmoins,

cela nous permet de déterminer le mélange entre les différentes
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ondes partielles associges A chaque état électronique du coeur.
Il est trés important d’aveir une bonne estimation de ce mélange.
En effet, Ch.Jungen a le premier mis en évidence 17importance du
mélange s—d dans NO et montré gque ce médlange était & peu preés
constant dans une série de Rydberg. Cela signifie que ce mélange
se construit A courte distance et donc sa détermination dans la
région du continuun permettra aussi une bonne description de ce
mélange dans le discret. Dans le cas de Nz, rappelons que deux
des séries attendues sont Bzzz nswg et Bzzl ndvg. Supposons main-—
tenant que le mélange s—d soit moitié-moitié et que les moments
de transition associés aux ondes s et d soient du m&me ordre de
grandeur. De ce mélange résulterait un état correspondant a une
interférence constructive (état qui présente une forte absorption
dans le spectre) et un deuxieéme état correspondant & une interfe-—
rence destructive (état qui se traduit par une émission dans le
spectre’. On aurait alors une explication trés simple des séries
d*Hopfield. Nous verrons plus tard gue la réalité n'est pas aussi
schématigue. Cependant cette idéde nous a guidé dans le choix des
orbitales atomigues de la base utilisée dans lé calcul, notamment
pour bien représenter l7orbital 3¢g qui est 1 orbital moléculaire
4 1'origine du mélange s-—d.

l.a détermination de la fonction d onde de l1°électron du con-—
tinuum associée & chaque coeur électronigue constitue la premieé-
re étape de notre calcul, et nous fournit les éléhents de la ma—
trice de changement de représentation pour la premiére étape de
la MRDT. La deuxiéme étape consiste & introduire les interactions

biédlectroniques entre les voles d'ionisation gul correspondent &
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des coeurs édlectroniques différents. Ces interactions sont elles
aussi calculées ab-initio & 17aide d une méthode développée par
H.Le Rouzo. Cette méthode est capable de déterminer 17interaction
entre un état discret et un état du comntinuum. Dans le cas d un
¢tat de Rydberg de nombre guantigue principal effectif n*, la va~
leur de l7interaction obtenue, multiplide par le facteur de nor-
malisation n*S/z, fournit une bonne approximation de 1%interac-—
tion entre les deux continua électronigues. Depuis H.Le Rouzo a
¢tendu sa méthode pour calculer directement 1les interactions
continuum—continuum. La diagonalisation de la matrice K corres-
pondant & ces interactions inter—-voies nous donne la matrice de
transformation pour la seconde étape du traitement MEDT.

Ce travail, bien que trés rudimentaire dans le sens gu’il
s’agit dun calcul purement atomigue, la vibration et la rotation
des noyaux étant négligées, n’en constitue pas moins le premier
calcul ab-initio de 1" autocionisation électronique dans une molé-—
cule diatomique. Les méthodes ab-initio actuelles ne sont pas en-—
core assez sophistiquées pour fournir des paramétres MRDT condui-
sant 34 un excellent accord avec les observations expérimentales.
Néanmoins elles permettent de comprendre la physigue contenue
dans les séries d’Hopfield et c'est sans doute 1 aspect le plus
positif de ce travail. En particulier 17étude de la distribution
angulaire, largement développée dans les sections- précédentes,
nous a permis d'analyser les sections efficaces différentielles
expérimentales. Celles-ci, & résoclution égale, nous fournissent
plus de renseignements sur les processus dynamigques que les sec-—

tions efficaces intégrées. Ainsi, nous avons pu mettre en dvi-
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dence , pour le premier membre (B22;)3dcg de 1°une des séries
autoionisées, une compétition entre l’autonionisation vibration-—
nelle et électronigue dans la voie de sortie Azﬂh. En général,
les interactions vibrationnelles sont plus faibles>que les inter-
actions électronigues et leurs effets sont masgués par les effets
électronigues. Cependant, nos calculs montrent gque les interac-—
tions électroniques entre lss voies BEE; 2t AzTL sont trés fai-
bles , ce qui rend de nouveau possible 1°observation des effets
des interactions vibrationnelles. Enfin, 1°un des résultats le
plus inattendu de ce travail est sans doute la remise en guestion
des attributions données aux séries de Rydberg qui convergesnt
vers 1% état Azﬂﬁ de NE. En affet, il est assez surprenant que la
série la plus intense ait été attribude aux états de Rydberg
nswg, alors que notre calcul indigque gu’ils devraient constituer
la série la moins intense. Par contre, la série de Rydberg ndé,
gui selon nos calculs devrait présenter la plus forte intensits,
na jamais été identifiée. Nous pensons donc que ce travail cons-—
titue une nouvelle base de départ, pour une meilleur compréhen-—-
sion de la spectroscopis des séries de Rydberg convergeant vers

-4 2 +
17 état A"Tl’u de N,.
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Abstract. The two-step formulation of the multichannel quantum defect theory, applied
to molecular electronic autoionisation by Giusti-Suzor and Lefebvre-Brion, is used to
calculate the total and partial photoionisation cross sections in the region of the Hopfield
series of Ny, the 700730 A wavelength range. The electronic quantities necessary for this
treatment are obtained from ab initio calculations. The cross sections and the photoelectron
angular distribution parameters are in satisfying agreement with experiment. The results
clearly show that the absorption series correspond to the (B zE;)ndaK series and the
apparent emission series to the (B 27 yndm, series. :

1. Introduction

Recent improvements in experimental photoionisation techniques provide a better
insight.in the understanding of the relaxation of highly excited Rydberg states. The
main relaxation process is the electronic autoionisation which strongly affects the
photoionisation spectrum, giving rise to resonances in the photoionisation cross sections
and in the angular distribution of the ejected electron. This process corresponds to
an energy transfer from an electronically excited core to an electron which escapes
with some kinetic energy, leaving the ion core in a lower electronic state.

In order to study the electronic autoionisation, we have chosen the Hopfield series
in the spectrum of N, (Hopfield 1930a, b) because they are among the most regular
autoionised molecular Rydberg series (see figure 1). In addition, numerous experi-
mental studies have been made in the region of the Hopfield series, the 650-730 A
wavelength range. They included measurements of absorption cross sections (Gurtler
et al 1977), total photoionisation (Dehmer et al 1983), electronically resolved
(Plummer et al 1977) and vibrationally resolved partial cross sections (Woodruff and

-Marr 1977, Parr et al 1981, Morin et al 1983). The angular distribution of the
photoelectton has been also measured as a function of the energy (West er al 1981).

The Hopfield series correspond to Rydberg series converging to the B *X} state of
N3. Three Rydberg series may be expected from the ground state of N, in the
photoabsorption spectrum: two series of X symmetry, namely (B 22:)"3% and
(B*X})ndoy, and one series of I1 symmetry, (B *Z])ndm,. More than fifty years ago,
Hopfield (1930a, b) observed two of these series in the absorption spectrum of N..

1 Laboratory associated with the Université Paris-Sud.

© 1983 The Institute of Physics 4601
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Figure 1. Total photoionisation cross section of N, taken at 77K with a resolution of
0.023 A for the 732-712 A range and 0.07 A for the 712-654 A range (from Dehmer et
al 1983).

One of the series appeared in absorption but the other resembled an emission series.
These series manifest themselves in the photoionisation spectrum by peaks and windows
respectively. Mulliken (1934) attributed the absorption series to the ndo, or nso,
series. Ogawa and Tanaka (1962) found a third series, which appeared as absorption
shoulders on the long-wavelength side of the emission series and which they attributed
to the nsoy series. Tuckwell (1970) proposed a nd, assignment for these absorption
series, whereas Woodruff and Marr (1977) gave this assignment to the window
resonances.

In this work, we have tried to clarify these assignments and to explain how the
electronic autoionisation can give rise to such a large difference in the behaviour of
these series. This process results from the interactions between the Rydberg states
and the adjacent electronic continua, as it is schematically displayed in figure 2. This
figure shows that a Rydberg state with a B *S} core may autoionise electronically both
in the X ®Z7 and A °I1, continua.

The multichannel quantum defect theory (mQDT) is well adapted to solving such
a problem, because it takes into account the discrete and continuum states in a unified
treatment. For the case of the molecular electronic autoionisation, a two-step pro-
cedure has been proposed by Giusti-Suzor and Lefebvre-Brion (1980). This theory
needs some electronic quantities which can be either taken as empirical parameters
or calculated by ab initio methods. In a previous application of this method (Morin
et al 1982), the calculation of the autoionisation profiles in the vibrationally resolved
partial photoionisation cross sections of O, the number of electronic quantities was
reduced to three parameters. Here, we shall show that forty seven electronic quantities
must be determined, corresponding to five electroni¢ channels for X symmetry and six
for IT symmetry. All these parameters cannot be deduced from experimental data and
a fitting procedure seems very difficult with such a number of parameters. Consequently
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Figure 2. Schematic illustration of electronic autoionisation in Ny: the different continua
of N3 for '2 and 'TI, symmetries are represented by vertical hatching. The first members
of the Hopfield series are indicated in the expected energy region.

these quantities have been determined by ab initio calculations. The total and partial
photoionisation cross sections have been obtained and, using the angular momentum
transfer formulation of Fano and Dill (1972), the photoelectron angular distribution
has been calculated in the 700-730 A wavelength range.

In § 2, we recall the MoDT equations previously developed and we connect them
to the photoelectron angular distribution expressions. In § 3, we describe the ab initio
methods used to determine the electronic quantities. In the last section, results are
compared with the experimental data and the main features of the photoionisation
spectrum are discussed.

2. Theoretical framework

The MQDT is based on the notion of channel. Each Rydberg series corresponds to a
closed channel and each continuum is correlated to an open channel. These ionisation
channels are labelled [n"A™l)=lil) by the core state n* with the value A* of the
projection on the internuclear axis of its electronic angular momentum and by the
electronic angular momentum [ of the external electron. They are well adapted to
the description of the physical situation far from the ionic core, where the Coulomb
field is dominant. The total wavefunction is thus developed in the external region on
the basis of the ionisation channel functions |il). But the knowledge of molecular
dynamics is linked to a good representation of short-range interactions. In the internal
region, the electron is strongly coupled to the core and exchange interactions occur.
There, it is more appropriate to develop the total wavefunction on the eigenchannel
functions |aA) which diagonalise the short-range interactions and which are charac-
terised by their eigenphase shifts muf, The purpose of the MQDT is to connect the
eigenchannel and the ionisation channel functions by a unitary matrix U;},. The total
wavefunction is thus written as a linear combination of the ionisation channel functions
with coefficients which contain all the short-range information.
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Several approximations are made in this work. First, we neglect the rotational
motion of the molecule. In particular, we neglect the ! uncoupling which mixes the
states of different A symmetries. Consequently, each state has a defined A value and
the external electron has a well defined projection A = A—A™ of its electronic angular
momentum [ on the internuclear axis, even far from the core. This means that an
ionisation channel is defined by |i/A) and that MQDT boundary conditions will be applied
in the molecular frame. We neglect also the vibrational motion of the nuclei in order
to simplify the problem. The number of channels is thus reduced to the number of
the electronic channels. Accordingly, we do not introduce any dependence of the
MQDT electronic quantities on the internuclear distance R. The total MQDT wavefunc-
tion is thus written (see e.g. Jungen and Atabek 1977, Dili 1981, Raseev and Le Rouzo
1983):

YHE)>r=2 AYE)¥(E) (1a)

with
‘1’2(5)=2’:¢iyu(9,¢)(f1(”i, 1 Eiha ~g(v 1 Fia) r>r (1b)
i

where A is the state symmetry, r, the radius of the short-range interactions, ®; the
lonic core wavefunction. f, and g; are, respectively, the regular and irregular Coulomb
functions, and »; =(\/2(E — Ej)ywith E the total energy and E; the ion energy. We have

further:

RY — A A
ina = Ui COS Ty

2
ina = Ulha sin 7pl @
where u) and U3, , are the eigenphases and the eigenvectors of the total short-range
K matrix. No ab initio methods are yet available to calculate these quantities in a
single step when several electronic molecular core states are involved. For studying
molecular electronic autoionisation, Giusti-Suzor and Lefebvre-Brion (1980) have
proposed a two-step treatment which has been recently reviewed by Giusti-Suzor and
Jungen (1983). In the first step, we treat, for each ionic core, n*A*, and for each
symmetry, A, the interactions between the outer electron and the Coulomb and
exchange molecular core potential. This gives rise to the / mixing for the continuum
wavefunctions. The resulting K‘" matrix, block diagonal in n*A*, is then diagonalised
giving the eigenvalues —w ' tan mpu; and the eigenvectors uins which characterise
the eigenchannel functions W 5. The expression of the ¥} wavefunctions has the form
(1b) with U, . replaced by uih g and pf by 3 in the equations (2).
In the second step, we introduce the residual electrostatic interaction due to the
1/ 2 term in the electronic Hamiltonian between the W} eigenfunctions corresponding
to different ionic cores. The corresponding matrix of this second step, denoted by
K, is approximated by the V interaction matrix given by:

/ RN A ”
Vi, =(W5[1/ral¥s) B # Ba. (3)
This K® matrix is diagonalised. Its eigenvalues are =7~ tan 72 and its eigenvectors
form the U}, matrix. The final wavefunction is still given by equation (1) with now:
cgi)/\.a = Z “i)A.IJ Uga COS(""FL}; +13)
B

(4)

A A A s A .
Fina "'Z Uiia.p UBu Sm(’h’lia +"7‘:)-
B
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The U}, . matrix of the one-step treatment is here replaced by the matrix product
uingUg, and the eigenphases mu by the sum muj + 2. Once these quantities are
calculated by ab initio methods, the coefficients A} of equation (1a) are determined
by applying the boundary conditions in each jonisation channel.

At this point only, the MODT makes the distinction between discrete and continuum
states. The wavefunction of a closed channel, associated to a Rydberg series, vanishes
at infinity. For the open channels, associated to the continuum states, the MODT
imposes the so-called incoming wave boundary condition (see for example J ungen and
Dill 1981). This condition ensures that the electron is ejected in only one selected
ionisation channel {JA. This gives us:

Yix(E) =X Ttk (E) exp(—imr,(E)) T AN (EYWA(E) (5)

where o7, and Tz, are the eigenphases and the corresponding eigenvectors of the
scattering matrix. This matrix is block diagonal in A, the dimension of each block is
given by the number of open channels of this A symmetry. The scattering matrix
elements give the coefficients of each open i/A incoming component of the wavefunction
(1) which must be taken to obtain the desired I\ outgoing ionisation channel. The
7o Tihh, and A%" values are determined by resolving the MQDT homogeneous linear
system for each symmetry and each energy E: »

L[ Gl a sin my(E)+ P2, . cos mv(E)]AS (E) =0 (6a)

for closed channels

L[ Giha sin(=77,(E)) +Pisq cos(—7r,(E))]ALM(E) =0 (68)

for open channels with the additional relation

L[ Gilna cos(=77,(E)) ~ Fih sin(=w7,(E))]AZ(E) = T (E) (6¢)

for open channels.

Now to calculate the differential cross section do/dQ), we must express the wavefunc-
tion (5) in the laboratory frame where the photoelectron is detected. This frame
transformation gives rise to interferences between the 3 and II symmetries since A is
nolonger a good quantum number in the laboratory frame. This means that a laboratory
frame wavefunction ¥+ is the sum over A =A—A" of all the V- components. In
addition, as the electron angular momentum ! is not detected in photoelectron measure-
ments, we must superpose all the partial waves involved. This leads to the laboratory
frame wavefunction:

Vi= Y anVa. R,

N=pA-A
The a), coefficients are determined by the method previously suggested by Dill and
Dehmer (1974). They are. such that the ejected electron wavefunction is identical to
the incoming wave normalised Coulomb plane wave. This leads to:
Vi= ) iexp(-io) T Y (KNDE, (R) L TS, , exp(—imr,) ¥ ArApA (8)

A=A~ m I a

where oy is the Coulomb phase shift, @, (15) is the rigid rotator wavefunction, IS’Ais
the wavevector of the ejected electron in the laboratory frame. Thus the Y,.(k")
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spherical harmonic governs the angular distribution of the photoelectron. Following
Dill and Dehmer (1974), the differential cross section in the i channel is evaluated
by averaging over the molecule orientation R in the laboratory frame the square
modulus of the transition moment from the ground state W=, This yields to:

do; . anele g Ny s .

E @ %;% (2](+1) STI(]!)STI'(]!)G(IU 17 0: I, ! ) 8 )- ) (9)
The transferred angular momentum is j, =1~ where 1 is the angular momentum of
the photon (electric dipole moment). The functions ® (1,0, 1, 8') are identical
to those of the Fano and Dill (1972) paper. In our MQDT treatment the amplitude
Su(Jj) is given by:

Sea(i)= % i explio) ()" A (- AT 1-A - A%)
A=A—A
XY T, exp(int,) ¥ AZADA(2— 65+ o) 1/2. (10)
P a

The expression between brackets is a Clebsch~Gordan coefficient, D2 is the transition
moment from the ground state ¥* to the eigenchannel ¥, namely:

D§ =V5m(WLrY,J¥5. (1D
The D% of equation (11) are approximated by:
D% =3 U}.D} (12
B

where the Dj are the transition moments from the ground state to the ¥} continuum
functions. This approximation implies that the effect of the additional 7. phaseshifts
of the ¥¢ functions is neglected in the inner region. This is justified as long as the
electrostatic interactions V3 5, between two continuum functions of same symmetry
but with different ionic cores are small. The equation (10) connects the MQDT quantities
to the photoelectron angular distribution formalism of Fano and Dill (1972). The
resulting partial cross section o; and the corresponding asymmetry parameter 3; are
calculated in this paper, using the formulae of Dill (1976) where S is given by equation
(10).

-

3. Ab initio calculations of the electronic quantities

The number of X electronic channels is five (see figure 2) corresponding to a epo, or
a efo, electron in the X 22; ion field of N3, a edr, electron in the A *II, field and a
edo, or a £so, electron in the B*Zy field. For the six II electronic channels, we
consider the epm, and efw, electron in the X22; field, the £sog, edo, and ed$,
electron in the A [, field and the edm, electron in the BS] field. The other &lA
electron wavefunctions such as egm,, give negligible contributions to the transition
moments and are neglected in the calculations.

First, for each symmetry and each ionic core, the ¥ electronic continuum wavefunc-
tions are obtained by using the single-centre frozen core static exchange approximation
(Raseev 1980), using the same expansions as in a previous calculation for the X z):_:
ion core (Raseev ef al 1980). The diagonalisation of the resulting K‘" matrix gives
the eleven quantum defects, pp. The ujp corresponding eigenvectors represent only
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six independent quantities. The eleven transition moments Dj used in equation (12)
are calculated in the dipole length approximation. The number of the interactions
V3.8, IS nineteen, eight for = symmetry, eleven for IT symmetry. Thus, we find a total
of forty seven independent electronic quantities.

Unfortunately, a computer program for obtaining the bielectronic integrals between
continuum wavefunctions is not yet available. We have used a program which calculates
the electrostatic interaction between a numerical continuum wavefunction centred on
the centre of gravity and a discrete Rydberg wavefunction expanded on a basis of
Slater orbitals, centred either on the atoms or on the centre of gravity. This program,
made by one of us (HLR), is an extension to three centres of Schaefer’s program
- (Miller e al 1972). We obtain the V3 ;, continuum-continuum interactions from the
discrete continuum integrals V'3 5, (in au) by the relation:

hd — 32y 0 * .
VII}IBI —n’f / V:‘IBI ni —'nl"‘[l-pl. (13)

The n;th Rydberg state is obtained as the nth natural orbital in the corresponding
frozen ith core (Lefebvre-Brion 1973). The quantum defects of the discrete states
are calculated from experimental ionisation potentials and can be compared with the
K3 quantities, obtained from the numerical continuum wavefunctions W¥3. In order
to have the same phase convention for the discrete wavefunction as for the correspond-
ing continuum wavefunctions, we have calculated the discrete transition moment D3
and compared with the continuum Dj, by the relation n{¥2D;). If the signs of the
two quantities Dj, and n}*?D; are the same, we keep the Vs, unchanged.

4. Results and discussion

4.1. Ab initio calculations

The calculations have been performed at the N, ground state equilibrium internuclear
distance R =2.068 au. The static potentials necessary to the continuum wavefunction
calculations have been built on the X '} ground state orbitals of N,. The Slater basis
set, deduced from the calculations of Cade et al (1966), are the orbitals of table 1
centred on the nuclei. The scF ground-state energy is —108.99205 au very close to
the Hartree-Fock energy of —108.9928 au (Cade et al 1966). The calculated quad-
rupole moment is —0.891 au (Hartree-Fock value: —0.9546 au).

The uj), 5 matrix, the 5 quantum defects and the D} transitions moments, deduced
from ab initio calculations of the continuum wavefunctions in respectively the X *S;
and A *[1, ionic cores for a photon wavelength of 719.42 A, are given in table 2. For
the edm, wavefunction in the A *II, core, the equations have been solved for the =
state instead of the 'T] state. As suggested by previous authors (Rescigno et af 1979,
Lucchese et al 1982), this avoids the inclusion of the b’ 'S} valence state in the 'Sy
continuum. The continuum wavefunctions in the B *£} ionic core, have been calculated
just above the threshold, namely for a photon wavelength of 656.33 A and the results
are also given in table 2.

We can see from the ujj, s matrix elements in table 2 that there is a strong { mixing
of the s and d waves for the o component both in the = or I1 symmetry. This mixing
is 45% for the A *Il, core, and 27% for the B S state. Following Jungen (1970)
the mixing of the near degenerate ndo and (n+1)sc states is induced by the presence
in the molecular field of the 3o, orbital which presents both a s(54%) and d(42%)
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Table 1. Basis set for calculations.

Centre Orbital Exponent
Na, Ng 1so. 10.501 5.819
- 250 - 2.464 1.513
3so . 7.166
2po 6.217 2.57 1.384
2pw T 5.692 2.533 1.384
3de 2.917 1.341
3dn 2.706 2.057
4fo 2.594
4fr 3.069
G 3so 0.482
4so 0.361
S5so 0.29
6so 0.24
3do, 3dm, 3ds 0.343
4do, 4dwm, 4d8 0.257
Sdo, 5dw, 5d8 0.206

Table 2. Ab initio calculated quantum defects uj, transition moments D} and matrix
elements ufy.

(a) '} symmetry

X?Ere'po X5 e'f'a AL, e'd'w B3, e's'o Bl e'd'o
n3 ©0.4819 0.0212 -0.0854 ~0.18 0.10
D} (au) 1.004 -0.453 -0.229 0.438 -0.919

0.9999 0.0036 0 0

-0.0036 0.9999 0 0

uly 0 0 1.0000 ]

0 0 0 0.8557 0.5175

0 0 0 ~0.5175 0.8557

(b) ‘I, symmetry
XZrep'r X Erefr AMl, e’ A M,e'de A, eds B 22: e'd'mr

P -0.3219 0.0168 -0.1601 0.109 0.0219 -0.11
D (au)  —-0.733 -0331  -0.376 ~1.195 -1.63¢  ° -0212
0.9999 ~0.0059 0 0 0 - 0
0.0059 0.9999 0 0 0 0
. 0 0 0.7392 0.6735 0 0
i 0 0 —0.6735 0.7392 0 0
0 0 0 0 1.0 0
0 0 0 0 0 1.0

character. We shall denote by '/’ the wave which has the largest weight on the /
component.

The electronic -partial photoionisation cross sections corresponding to the Dj
transition moments are respectively 4.28, 14.63 and 2.11 Mb for the X 22;, A,
B *Z; core states. These values are very close to the values calculated previously both
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by the Stieltjes~Tchebycheff moment theory approach (Rescigno er al 1978, 1979)
and by the one-centre static exchange method (Raseev et al 1980, Lucchese et al
1982). The resulting electronic branching ratio A/ X, equal to 3.4, is rather far from
the off-resonance experimental value which is about 2.0 (Woodruff and Marr 1977,
West et al 1981, Morin et al 1983).

The calculated B asymmetry parameter is equal to 1.4, —0.235 and 0.67 for the
production of the X X7, A I, and B *Z states, respectively, in good agreement with
the values reported by Lucchese et al (1982). As pointed out by Thiel (1982)+, the
negative value for (A *I1,) is due to the interference term between the so and ds
waves which is governed by the cosine of the Coulomb phase difference o;— oy, Near
the threshold, the fast increase of 8 with the photon energy is due to the strong cosine
variation with the electron energy.

The continuum-continuum interactions, as explained in the previous section, have
been obtained from discrete state calculations for the Rydberg states converging to
the B 2T state. For these calculations, we have added to the basis set diffuse atomic
orbitals of g symmetry, centred on the centre of gravity (see table 1). These interactions
are reported in table 3. It can be noticed that the 2S/S interaction is stronger than
the /%11 one. This is qualitatively consistent with experiment as will be shown.

Table 3. Ab initio calculated continuum-continuum interactions V3 4,.

(a) 'TT symmetry

X2y e'p'o X7 e'lo A%, e'd'w B3Il e's'e B2l e'do
V.62 0 0 -0.0156 -0.0975 —0.0205
0 0 0.0158 0.0601 —0.1060
-0.0156 0.0158 0 -0.0358 -0.0126
-0.0975 0.0601 -0.0358 0 0
—0.0205 ~0.1060 ~0.0126 0 0

(b) M, symmetry
XZ}:; E'p'7r XZE; Elf'fr Aznu E'S'O' Aznu E’dla' Aznu Eldls BZE: eldlﬁ

v, 0 0 -0.0097 0.0078 0.0069 0.0406
0 0 -0.0194  —0.0195 0.0141 0.0898
-0.0097  -0.0194 0 0 0 0.0152
0.0078  ~0.0195 0 0 0 -0.0112
0.0069 0.0141 0 0 0 0.0482
0.0406 0.0898 00152 -0.0112 0.0482 0

Finally, we have noted the sensibility of the values of quantum defects and transition
moments to the type of calculations and to the molecular basis sets. The quantum
defects and the transition moments for the discrete Rydberg states with a B ¥ core
have been calculated with a configuration interaction function including Rydberg states
with a C*Z core. We have found that the respective positions of the 4's'a,.and 3dm,
states are inversed. The transition moments of the 4's'c, and 3'd’ o, states are in better
agreement with experiment, but the 3d, state transition moment is worse. Anyway,
itis not yet possible to include in the numerical continuum wavefunctions the correlation
of the final state which is certainly important (Williams and Langhoff 1981).

t Note the misprint in table 1 for By5=0.1 instead of 0.29.
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4.2. MQDT results

The photoionisation cross sections have been calculated in the 700-730 A wavelength
range, because the partial cross sections and the angular distribution of the photoelec-
tron have been extensively measured only in this spectral region. Note that the Rydberg
states belonging to series converging to the A 2[I, v* =2 limits appear in the experi-
mental photoionisation spectrum of Dehmer et al (1983) (see figure 3) but
they are not taken into account in our calculations. Neglecting the vibrational motion
- of the nuclei, we assume that all the vibrational A 2II, channels are open from the
threshold. Thus the strong rise in the A 211, partial cross section near the threshold
will not be accounted for, since our calculations give a step function at the threshold.

Relative photoionisation cross section { arbitrary units )

1
720 730
MR

Figure 3. The same as figure 1 but only in the spectral region of interest with a resolution
of 0.023 A (courtesy of P M Dehmer).

Our calculated partial cross sections are compared in figures 4(a) and (b) with the
.experimental results of Morin et al (1983). The plotted experimental points represent
the sum of the vibrationally resolved partial cross sections X 25’.; v"=0,1, 2, 3 and
AT, v* =0, 1 measured with a resolution of 0.8 A. This resolution is too weak to
separate the contribution of the first members of the Hopfield series and of the
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Figure 4. Partial photoicnisation cross section of N, leading to N3 (a) in the X %7 state;
(b) in the A 2I'Iu state. The sum of these two partial cross sections is given in (¢). Dots
correspond to the experimental results of Morin et al (1983) taken with a resolution of
0.8 A. The full lines are the calculated cross sections.

vibrationally excited Rydberg states converging to A *I1, v* = 2. The calculated back-
ground is smaller than the experimental one for the X %37 partial cross section and
larger for the A *I1, one. Note, however, that the experimental results do not account
for the v* = 2 contributions to the A *I1, partial cross section (about 33%). The same
discrepancy has been pointed out by Lucchese et al (1982). These authors argue that
a better agreement with experiment could be obtained if the continuum—continuum
interactions were introduced in the treatment. The effect of these interactions is
included in our MQDT calculation. The off-resonance A/X branching ratio is lowered
from 3.4 without interactions (pure static exchange calculation) to 2.85 with interactions
(MQDT results). These theoretical values must be compared with the 2.0 experimental
one. The residual discrepancy is probably due to the neglect of correlation effects in
the final state,

The assignment of the different features in the photoionisation spectrum is easily
deduced from figure 5 where the contributions to the partial cross sections of the DN
and 'II, symmetries are plotted. We see clearly that the peak at 724 A corresponds
toa3'l'o, 'Z] state. Owing to its largest calculated d component, this peak is assigned
tothe 3'd'o, 'S state. The window resonance at 714 & is due to the 3d m, 'TI, Rydberg
state which is superimposed on the 4's’o,, 'S} Rydberg state. Figure 5 also shows that
the 'SJ symmetry contributes mainly to the X 22; partial cross section, whereas the
'T1, symmetry contributes predominantly to the A *II, one.

" In the X ?] partial cross section (see figure 4(a)) the absorption peak at 724 &
is in satisfactory agreement with the experimental one. On the other hand, there is
no correspondence with experiment for the resonance at 714 A. Two reasons may
explain this disagreement. The shape of the calculated resonance is strongly dependent
of the relative positions of the 4's'cy and 3dw, Rydberg states. As previously men-
tioned, these positions are very sensitive to the type of calculation and to the molecular
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Figure 5. Different calculated contributions to the cross sections for the £ and 'M,
continua of each X *£7 and A *[1, state.

basis set. If the 4's'o, Rydberg state is slightly shifted to a larger wavelength, the
resonance should be strongly weakened. Furthermore, if the depletion in the cross
section at 714 A is real, it can be filled up by the autoionisation of the members of
the Rydberg series converging to A *IT, v =3 limits. Such states may be seen in the
very high resolved photoionisation spectrum of Dehmer et al (1983) (figure
3). Also, the (B2=} zf'=1)3’d'crg state can be predicted to appear around 711 A.
Note that the other members of this series with v* =1 have been observed by Ogawa
and Tanaka (1962). Similarly, the (B *<} v*=1)3d=g and 4's'o, states are expected
around 704 A. All these Rydberg states may autoionise electronically in the X ZZ;
continuum and fill up the depletion in the cross section. This interpretation seems to
be confirmed by the photoelectron angular distribution measurements. Furthermore,
the X 22; partial cross sections of Woodruff and Marr (1977), below 700 A, show
similar depletions after each peak corresponding to the n'd’ o, states (n=4),

The window resonance induced by the 3dm, state in the A “II, partial cross section
may be qualitatively understood. The A *I1, partial cross section is dominated by the
contribution of the £d3, continuum, where the 3d, state decays. As the transition
moment from the N, ground state to the (A *I1,)ed8, continuum is eight times larger
than the (B ZEI)derg discrete state one, the Fano shape index g is almost zero for
this resonance. On the other hand the calculated interactions of the 4's'oy or the
3'd’o, states with the (A ZHU)Ede continuum are weak (see table 3). Consequently
the contribution of these Rydberg states to the A >[I, partial cross section is weak as
is shown in figure 5, and the experimental peak at 724 A is not reproduced in our
calculations. The experimental autoionisation rate of the 3'd’o, state in the X *T] or
AI1, continuum can be roughly estimated from the experimental peak areas in the
X and A partial cross sections. We found 85% in the X ’X; continuum and 15% in
the A *I1, continuum. This gives a discrepancy of only 15% compared with our resuits
(100% and 0% respectively). These experimental values are consistent with the results
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of Woodruff and Marr (1977) and with the electronic branching ratio A/X=0.6
determined by West et al (1981) at the energy of the resonance. This ratio includes
the direct ionisation process and must be compared with the 2.0 off-resonance value.
The experimental value includes also the contribution of the (AT, v*=2)nlA vibra-
tionally excited Rydberg states (see figure 3), which may autoionise vibrationally in
the (A*Il, v™ =0, 1)l continua. These states are probably responsible for the split-
ting of the peak at 724 A in the experimental A [, partial cross section of Morin et
al (1983). This seems to be confirmed by the photoelectron angular distribution
measurements. Note that this electronic branching ratio for the 3'd’c, resonance is
in a complete disagreement with that suggested by Tabche-Fouhaile et al (1982) from
the fluorescence excitation spectroscopy measurements.

The total cross section is shown in figure 4(c) and is in good agreement with
experiment. This agreement is somewhat fortuitous. It results from a balance between
the discrepancies for the partial cross sections. Therefore, the apparent agreement
between the sign of the experimental and calculated profile index for the window
resonance is due to the contribution of the vibrationally excited Rydberg states to the
experimental cross section. We must recognise that for the other members of the
Hopfield series (n=4) (see figure 1) where such vibrationally excited states are not
present, the sign of the experimental profile index q changes in disagreement with our
prediction (in our model, g should be the same for all the members of a given series).
As mentioned above, this discrepancy results probably from a bad description in our
model of the relative position of the ndw, and n's'o, Rydberg states. Finally, it can be
pointed out in figure 1, around 724 &, that the 3'd’o, peak width is smaller than that
of the 4'd"0,, in disagreement with the n*> scaling factor. This could be interpreted in

2.0
{a) (b
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Figure 6. (a) Asymmetry parameter 8. The points correspond to experimental values of
B in the v. =0 component of the X 22; state of N3 (West e al 1981). The full curve is the
vibrationally unresolved calculated values; (5) the same for the A, state of NI,
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terms of a ‘complex resonance’ due to the interaction of the 3'd'c, state with the
surrounding highest members of the Rydberg series converging to the A [, v* =2
limits (Giusti-Suzor and Lefebvre-Brion 1980, Jungen and Raoult 1981, Dehmer et al
1983). This interaction modulates the electronic cross section which thus appears
narrower (see figure 3). The intensity of the vibrationally excited Rydberg states is also
enhanced. - :

Figure 6 displays the variation of the 8 asymmetry parameter with the photon
energy. The calculated 8 value is purely electronic and has been obtained for R =
2.068 au. We have chosen to compare our calculations with the vibrationally resolved
experimental 8 values for the v*=0 component of both the X ?%; and A 2[I, N3
states. Indeed, the effect of the electronic autoionisation is expected to be largest in
the X*Z; v*=0 and A I, v*=0 continua, because the corresponding vibrational
wavefunctions have the largest overlap with the B 22} v* = 0 vibrational wavefunction.
(We assume that the Rydberg states and the corresponding ionic core have the same
vibrational functions).

The asymmetry parameter 8 calculated for the XZE; core state is globally in
agreement with the experimental results (see figure 6(a)). The calculated off-resonance
value is due to an interference between the p and f waves. If only the p wave (or
respectively the f wave) is considered, with the transition moments given in table 2,
the B value should be 1.7 (respectively 0.73). For the 700 A wavelength, the calculated
B value is 1.33, intermediate between these two previous values. The two depletions
around 712 and 725 A reproduce the observed features well. The B energy variation
may be understood as follows. If a resonant state decays mainly in one specific channel
IA at the energy corresponding to the maximum of the resonance in the cross section,
only one term is predominant in the B8 expression and then 8 takes a geometrical
value 8. These geometrical values are listed in table 1 of Thiel’s paper (1982). Thus,
the depletion at 725 A is clearly understood when we look at figure 7(a) where the
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Figure 7. Different calculated contributions to the cross sections of each iA wave for {a)
X T state; (b) A *M1, state.
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different /A contributions to the X “S? partial cross section are plotted. The
(B?2])3'd’g, Rydberg state autoionises preferentially in the (X *])efo, continuum
and at 724 A, the maximum in the cross section, the B value must be B, =0.53.
Indeed, this value is attained experimentally (see figure 6(a)). Our calculated value
is larger because the resonance in the fo cross section is evaluated too small (see figure
4). Nevertheless, this proves that our calculations are consistent with experiment,
since the con'tfhuum—*—c':ontinuum;_imeraction (B?TNedoy/(X ’%;)efo, is computed
greater than the (B*S])edo,/(X *3;)epo, one. The depletion at 712 A is more
difficult to interpret because the B value results from the conjugated effects of the
3dm and 4so, resonances. Indeed no /A contribution is predominant in this region
(see figure 7(a)). Two experimental features are not reproduced. The feature at
719A corresponds to the peak which is seen in the total cross section of figure 3. This
state was previously assigned to the (A %[, v* = 3)10so, state by Ogawa and Tanaka
(1962). Itis difficult to be confident in this assignment, because the vibrational overlap
between A *I1, v™ =3 and X *37 v* =0 is very weak. However, this confirms that this
unknown state autoionises electronically in the (X 22;)31/\ continua as argued in the
partial cross section discussion. Similarly, the depletion around 705 A is not assigned
to a (A%, v*=4)nir Rydberg state but rather to the (B iz u+=1)4’s'a'g and
(B2} vt= 1)3dr, states which are expected in this spectral range. We see that for
equivalent energy resolution, features which appear very weakly in the partial cross
sections can be seen in the g energy variation measurements.

In contrast with the X S continuum, the B energy variation corresponding to the
A, v*=0 continuum is flat (see figure 6(b)). We can see in figure 7(b) that,
off-resonance, the so and d§ waves are the principal contributions to the A °II, partial
cross section. Asalready noted, the interference term between these two waves governs
the slight 8 increase with energy. This increase appears much more pronounced in
the A *[1, v* =1 continuum (see figure 6 of West er al (1981) in the 720-700 A range),
because the results are reported for a smaller electron energy (the A, v*=1
threshold is located at 732 A). Although the 3d, state gives rise to a sharp variation
around 715 A in the (A 2Hu)edBg cross section (see figure 7(b)), the corresponding 3
energy variation presents only a small dip. We verify that the 3'd's, 'S resonance
at 724 A autoionises weakly in the (A 2I'Iu)sdwg 'S continuum since in this range the
experimental B variation is small and that with respect to the B background value the
geometrical B4, =0.29 is not reached at 724 A (see figure 6(bh)). Finally, we have
previously argued that the vibrationally excited (A %[, v*=2)niA Rydberg states
contribute to the A °I1, partial cross section in the 725 A energy range. These states
are expected to autoionise vibrationally predominantly in the (A *II, v* = 1)elA con-
tinuum. Their contribution is clearly observed in the 8 energy variation for the v* = |
component of the A *II, state (see figure 6 of the paper of West et al (1981)). In the
A, v" =1 continuum, they manifest themselves by an increasing of B from a negative
value to the zero value around 725 A. In agreement with this explanation, in the
spectral range of the n =4 members of the Hopfield series located above all the A 11,
state vibrational limits, the 8 energy variation is identical for the v"=0,1 and 2
components of the A >[I, state (see figure 6 of West et al paper (1981)).

Finally we have studied the polarisation of the fluorescence issued from the B °S} N7
state, formed by photoionisation, to the X 32_;N§ ground state (see Poliakoff ¢t alf
1981, Guest er al 1983). The polarisation P of the fluorescence is given by P=
(1-R)/(7+13R) where R = oy/ oy is the ratio of the [T and = separate contributions
to the B *Z; cross section. Thus P measurements give additional information which is
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lost in the cross section and photoelectron angular distribution measurements. First,
we have calculated P at 656 A, just above the B 2 ionisation threshold without taking
into account the continuum-—continuum interactions. From the transition moments
given in table 2, we find R =0.0435 and P =0.125. These two values are in disagree-
ment with the experimental values R =0.39 and P=0.05 reported by Poliakoff et al
.(1981) around 646 A (in this range the P variation with energy is slow) and R =0.22
and P=0.079 taken from Guest et al (1983) (these last values are corrected for
depolarisation, caused by spin rotation and hyperfine interactions). On the other hand,
if the continuum—continuum interactions are introduced, as it is the case in our MQDT
treatment, we find R =0.185 and P=0.087 in better agreement with experiment. This
very striking improvement demonstrates the importance of the continuum-continuum
interactions.

5. Conclusion

This work represents, to our knowledge, the first ab initio study of the electronic
autoionisation profiles in molecules. In spite of the crude model used in our calculations,
we have been able to give an assignment for the absorption and emission Hopfield
series. They correspond respectively to the n'd’c, '2] and ndar, 'II, Rydberg states
converging to the B*Zy Nj ion state. The n's'c, 'S states do not appear clearly
because they are superimposed on the (n—1) do, states. Our calculations also show,
in agreement with experiment, that the electronic autoionisation process affects more
the photoionisation cross section in the X *£; continuum than in the A ’Il, one. In
order to go further and to obtain a better agreement with experiment, more sophisti-
cated calculations introducing the correlation in the final states would be useful (Raseev
and Le Rouzo 1983, Le Rouzo and Raseev 1983). Such improvements in the model
would be necessary before taking into account the vibrational motion of the nuclei.

We must also emphasise the usefulness of the photoelectron angular distribution
measurements. Either the results confirm the partial cross section measurements or
they point out details which are hardly seen in cross sections, as for instance the feature
around 704 A in figure 6(a). The 8 measurements can help to give an assignment to
the observed peaks by depicting the dynamical process involved. Thus from a com-
parison between observed and calculated 3 values, we have suggested that the Rydberg
states (A [, v™ =2)niA around 725 A autoionise vibrationally whereas the unknown
state at 719 A autoionises electronically. Therefore, this last state cannot be confidently
assigned to the (A *Il, v* =3)10s0, state, as previously done by Ogawa and Tanaka
(1962), from vibrational overlap arguments.

In this work we have focused our attention on the Hopfield series. In principle,
with our ab inirio electronic quantities, it should be straightforward to calculate by a
MQDT treatment the photoionisation spectrum in the spectral range between the X S
and A °I1, ionisation limits. But, in this region, in addition to the vibrational and
dissociation effects, it would be important to include the perturbation by the valence
states and the intensity borrowing of the (A *[1,)°I1, states from the 'lI, states.
Simultaneously with these improvements in the calculations, new measurements of the
partial cross sections and of the photoelectron angular distribution would be useful to
clarify the assignments of numerous unidentified bands in this region. In particular,
the (A “I,)n d$, series has not yet been identified in spite of its expected strong
transition moment.
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V 3 INTERACTIONS RYDBERG-VALENCE ET PREDISSOCIATION DANS NO

Depuis le travail de Giusti sur la recombinaison dissocia~
tive , on sait comment inclure, dans le cadre de la MEDT, une
voie de dissociation ouverte. Ce travail a représenté la premiére
généralisation de la MEDT & des problémes ne faisant pas interve-
nir gque des voies dionisation. Cest aussi dans ce travail gu’a
été introduit le traitement MEDT en deux édtapes. Puis Giusti et
Jungen se sont intéressés A la prédissociation dans NO avec 17i-
dée suivante: les perturbations ou la prédissociation des états
de Rydberg par un g&tat de valence ne sont gue deux manifestations
différentes de la mEme interaction Rydberg-valence. Cette vision
unifiée, gul parait maintenant tout a fait naturelles, ne l17était
pas a 1l’époque. Le choix de la molécule NO était intéressant a
deux points de vue. Tout dabord, 1la prédissociation des séries
de Rydberg npw,v par les états de valence BEV et L2Tfy est 1e
processus prédominant. IL est & 1’origine des "marches” gue 17 on
peut voir dans le spectre de photoionisation de NO a chague seuil
vibrationnel d'ionisation. Sur chacune de ces marches viennent se
greffer des résonances dues & l7autoionisation vibrationnelle
"pure” (couplage vibrationnel entre les différentes voies d ioni-
sation ) ou induite par les couplages électronigues avec les deux
gétats de valence. Giusti et Jungen ont pu édtudier avec succaés
cette compétition entre 17autoionisation et la preédissociation ,
c'est le second point, en tirant profit de la bonne connaissance
du spectre discret.

La suite logigque de ce travail était donc de voir si la MADT
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était capable de rendre compte des interactions Rydberg—-valence
dans la région du spectre discret (i.e. en-dessous de la limite
de dissociation). La MEDT était originellement congue pour trai-
ter le cas de voies d’ionisation, considérant sur un pied déga-—
l1ité les états de Rydberyg et les dtats du continuum électronigue.
En cela, elle ne faisait que tirer profit de la ressemblance, a
courte distance électron-ion, entre la fonction d7onde radiale
d’un électron de Rydberg de nombre quantigue principal n élevé
et celle d?un électron du continuum. En fait il en est stricte-
ment de méme pour les fonctions d’onde nucléaires associédes au
potentiel d®un état de valence. A courte distance internucléaire
R, 1les fonctions d’onde d un niveau vibrationnel 1ié de v éleveé
et d?un niveau du continuum de dissociation situé juste au-dessus
de la limite sont elles aussi trés semblables. Il existe doneg,
pour les voies d’ionisation et les voies de dissociation, la méme
continuité au passage & travers le seuil. Ce premier constat de
similitude entre les voies d’ionisation et de dissociation lais-
sait entrevoir la possibilité de trouver un traitement unifié
pour une voie de dissociation. La guestion qui restait en suspend
était: guelle est la différence fondamentale entre un état dis-
cret et un état du continuum? C’est essentiellement que le pre-
mier poéséda un nombre entier et fini de nosuds. En apportant
cette réponse trés simple Greene, Rau 2t Fano nous ont donné la
clef du probléme de la voie de dissociation %erméé - én effet,
on sait depuis les débuts de la mécanigue quantigue que le nombre
de noeuds d’un état de Rydberg est (YV-f-1). 11 suffit donc, pour

obtenir une expression MADT de la voie de dissociation fermée, de
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remplacer, dans l expression de la fonction d’onde radiale d’une
vpies d’ionisation , -2 par le nombre de noeuds de la fonction
d’onde nucléaire. Cette généralisation ne change donc en rien la
structure des équations MEDT.

" Ce travail constitus, & ma connaissance, la premiére appli-
cation de la MEDT génédralisée g un probléme faisant intervenir
des voies fermées autres que des voies d’ionisation. Les diffi-
cultés rencontrées dans ce travail ne sont pas situdes au niveau
des paramétres MRDT proprement dits. Ceux—ci sont treés peu nom—
breux : un défaut guantigue pour décrire la série de Rydberg nprr,
deux interactions électroniques pour décrire les interactions de
cette série avec les états de valence B et L et trois moments de
transition. La seule véritable dif%iculté rencontrée est inhéren-—
te 4 la physigue moléculaire, & savoir 17obtention des courbes de
potentiel diabatiques des états de valence B et L. Les méthodes
existantes ne peuvent donner des courbes de potentiel précises du
fond du puits jusqu®ad la limite de dissociation. J7ai donc été
obligé de développer une méthode complétement numérique, basée
sur l7interpolation d’un jeu d’une vingtaine de points judicieu-
sement répartis pour décrire 17allure du potentiel, chague point
devenant un nouveau parametre & déterminer. Paradoxalement, 11
faut founir beaucoup deftfort pour obtenir des couwrbes de poten-—
tiel diabatiques qui n’ont guwun sens physiqqe tres limitd -
puisqu’elles dépendent du modéle de déperturbation choisi. En
effet, spules les courbes adiabatigues, qui s’en déduisent, ont
un sens physigue bien précis. Au cours de ce travail, jai dad

également introduire le second ordre de perturbation pour le cal-
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cul de la matrice K de la seconde étape. Giusti et Jungen dans
leur étude n’avaient pas eu besoin de l7introduire car ils s’in-
téressaient principalement & 1°étude des largeurs d’autoionisa-
tion ou de prédissociation des états de Rydberg. Celles-ci dépen—
dent essentiellement de la valeur de l17interaction sur la couche
d’ énergie (premier ordre), et il faudrait pousser le calcul de la
matrice K au troisiéme ordre de perturbation pour obtenir la fai-
ble contribution résultant des interactions hors couche d® éner-
gie . Par contre le second ordre est indispensable lorsque 1°on
s’intéresse & des niveaux lidés car la contribution provenant des
interactions hors couche d’énergie (second ordre) peut 8tre par-—
fois aussi ou sinon plus importante gue la contribution résultant
des interactions sur la couche d énergie (premier ordre).

Ce travail représente un test trés sériesux de la faisabilité
de la MRDT génédralisée. Ainsi il a été montré qu’a une meilleure
connaissance du spectre discret correspond une meilleure repré—
sentation de la région du continuum. Enfin, cette généralisation
de la MQQT, en particulier la méthode de Milne utilisée pour ob-—
tenir le nombre de noeuds d une fonction donde associée & un
potentiel, se révelera dans le futw un outil trés puissant gui

permettra d’étendre les domaines d°application de la MRDT.
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ABSTRACT
Generalized Quantum Defect Theory is used to study the 2m—2m Rydberg-valence
state perturbations in the NO molecule. The work is a generalization of the two-step
quantum defect treatment used previously by Giusti-Suzor and Jungen for the
calculation of competing preionization and predissociation processes Iin NO. The
-exiéting high-resolution spectroscopic data, mainly from Miescher and coworkers,
are used to extract a set of quantum defect parameters ralating to the pm Rydberg
channel associated with the NO* X!t* state, and to determine potential energy
curves for the B 21 and L 2n states as well as Rydberg-valence interaction
parameters. Based on these parameters, the observed term values including
rotational and spin-orbit effects are reproduced with a mean deviation of 4 cm™* for
all the 2m levels from 45500 to 71600 cm—% (i.e.to within 200 cm—* of the
dissociation limit). The fit Is better than that previously obtained by Gallusser and
Dressler In a vibronic perturbation approach, particularly for the levels near the
dissoclation limit. The set of parameters is used for the calculation of competing
electronic predissociation and vibrational preionization of Rydberg levels lying above
the dissociation limit and the v+=0 lonization limit. The resonance widths and
energies measured recently by Anezaki et al by a MP! double resonance technique
are better reproduced by the present calculation than In the previous work of Giusti-

Suzor and Jungen.
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INTRODUCTION:

Recent generalization of the Muitichannel Quantum Defect Theory 1,2 1o
arbitrary long-range fields has opened the way to unified treatments of the
photoionization and photodissociation spectra of diatomic molecuies. Until now,
MQDT has been used to study Rydberg-Rydberg interactions 3,4, interactions
between Rydberg states and ionization continua (preionization) 5:6.7, as well as
interactions between Rydberg states and dissociative continua (predissaciation ) 8,9

In this work generalized MQDT is appiied to treat Rydberg-valence state interactions
in the discrete range.

A schematic representation of the various processes involved is given in the
energy level diagram of Fig. 1. In this figure the Rydberg states are grouped into sets
of Rydberg series converging to different vibrational levels of the eiectronic ground
state of the ion. These vibrational Rydberg series constitute the closed portion of a
single electronic ionization channel, its open portion being represented by the set of
associatad ionization continua. interactions occur between the vibrational components
of this ionization channel. Below the ionization limit where aii channel componenis
~are closed these interactions give rise to periurbations in the discrete photo-
absorption spectrum. Above the ionization limit where some channel components are
closed and some are open, preionization of Rydberg states occurs, as indicated in
the figure by arrows pointing to the left. In general, the Rydberg states are not the
only states present in a molecuie, but valence states exist as well. Two such states
are represented in Fig. 1. Their levels have been grouped into vibrational series such
as to suggest an analogy with the electronic Rydberg series on the left. In other
words, just as the Rydberg series represents the closed portion of a ionization
channel, the vibrational levels of a valence state can be viewed as the closed portion
of a dissociation channel. Again the associated continuum represents the open

portion of the channel. A further complication arises because the ionization channels
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(at the left) and the dissociation channel (at the right) are coupled by Rydberg-
valence state Iinteractions. In each spectral range these additional channel
interactions manifest themselves in a characteristic manner. When both the
dissociation and ionization channels are closed ( i.e., in the figure, below the
common dissociation limit of the two valence states,) the interactions between them
give rise to the well-known Rydberg-valence state spectral perturbations, indicated
by double—headed arrows in the figure. Above the dissociation limit where the
dissociation channels are open, predissociation of the Rydberg levels occurs as
indicated by arrows pointing to the right. Finally, above the Iionization limit,
electronic predissociation enters in competition with vibrational preionization of
Rydberg levels as indicated by arrows pointing in both directions.

This unifled view of Rydberg-vaience state interactions in NO was first
pointed out and implemented by Giusti~-Suzor and Jungen 9 in their MQDT study of the
competition between vibrational preionization and electronic predissociation in the 2n
Rydberg states of NO. These authors did not, however, apply QDT to all spectral
regions in a uniform way. Instead they based their study of the continuum processes
on the diabatic potential energy curve and interaction energlies which previousiy had
been extracted from spectiroscopic data by Gallusser and Dressler'0 in a vibronic
perturbation framework. Here, we by-pass this step and apply the generalized
version of quantum defect theary directly to the high-resolution spectroscopic data of
Miescher and coworkers11,12,13,14 pertaining to the discrete range. The motivation
of this approach is threefold. First of ail, this work constitutes to our knowledge the
first application of generalized quantum defect theory to a complex molecular
problem. The generaiized formulation of QDT put forward by Greene, Rau and Fano!
which is applicable to potentials of arbitrary form, will be used. Second, it seemed
desirable to the author to check whether a better theoretical representation of the

discrete vibronic levels than previously possible could be obtained with this new
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approach, in particular near the dissociation limit. The main davantages of the
generalized quantum defect method in the present problém are (1) the interaction of
Rydberg states lying below the dissociation limit with the valence state dissociation
continua above it is included and (i) the whole Rydberg series and associated
ionization continua are described in terms of a single R-dependent quantum defect
function p(R). Thereby the effect of the ionization continua on the discrete valence
levels is in principle also accounted for and truncation errors are eliminated.
Lastly, it seemed necessary to check whether this unified approach would aiso lead
to an improved description of the continuum processes. The continuum range has
been studied without any further adjustment of the parameters determined in the
discrete. The corresponding calculated widths reported here improve the agreement
between theory and experiment of the previous work of Glusti~Suzor and Jungen 9,

In the section Il. 1-1l.3, a brief review is presented of multichannel quantum
defect theory and in particular of the generalization needed to treat the cilosed
dissociation channels. In section il.4 molecular rotation and rotational spin
uncoupling is introduced in order to obtain a correct representation of the rotational
structure. Section lI5 describes the numerical techniquas used. Section Ili contains
the discussion of the resuits obtained for the discrete range as well as their extension

to the continuum range.
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i THEORETICAL FRAMEWORK:

1.1 MQDT FORMALISM!

All the processes described in the introduction are manifestations of
interchannel interactions. From a scattering point of view, they are interpreted as the
result of an Inelastic collision either between the Rydberg electron and the residual
jonic core or between a nitrogen atom and an oxygen atom. The electron core
collision takes place since the Rydberg electron has a non zero probability amplitude
in the core. During the collision the lonic core can relax vibrationally and tranfer its
excess energy to the selectron. The excess energy may be sufficent to eject the
electron to infinity. This Is the process of vibrational preionization. if the excess
energy Is not sufficient for ionization to occur, the electron will end up in a new
Rydberg level corresponding to a lower vibrational ionlc core level but a higher
principal quantum number value. Another possibility Is that durlné the collision the
whole system relaxes electronically to form a valence state. in this event the excess
energy is transferred to the nuclear motion. Again the transferred energy may be
sufficient such as to lead to the fragmentation of the molecule. When this happens
the chemical bond is breaking, i.e., electronic predissociation of the’Rydberg level
by the valence state occurs. If predissociation is not possible energetically, the net
result of the collision is the transformation of a Rydberg state into a vibrationally
excited valence state. This is the main subject of this paper. The basic task of MQODT
is to describe these inelastic electron—ion and atom-atom collisions.

in this paper the perturbative form of MQDT shall be used which Giusti—
Suzor and Jungen 9 nhave described in detail in their paper. These authors made
silmultaneous use of two equivalent formulations of quantum defect theory. The first
corresponds to the original formulation by Seaton 15 and Is in terms of non-diagonal

reactance matrices K;i+ connecting the so-called asymptotic channelis i >. The
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second formulation has originated with Fanom; it emphasizes the so-called eigen-

or short-range channels |y >. These are defined by the eigenvectors < ily > and

eigenvalues tanmu, of the reactance matrice Kj+ according 1o

Kii,=§<llv>tmvuy<vll> . (1)

The treatment proceeds in two stages. In a first stage, the ionization and

dissociation channels are treated as uncoupled channels. A corresponding k(L)

matrix is set up which is block diagonal. The ionization channels may be coupled
among themselves by a vibrational interaction which in the MQDT framework is
accounted for by the R dependence of the quantum defact 3. On the other hand, no
direct coupling between different dissociation channeis is assumed. The sigen
channels associated with the K(%) matrix are labeled | y > as in Egq.1. In a second
stage the coupling between ionization and dissociation channels, or in others words
the Rydberg—-valence state interaction, is introduced. The corresponding K¢2) matrix
is constructed in the framework of perturbation theory as the solution of the Lippman-
Schwinger equation:

,E") K( z)(Ev ,E")
E'— E*

KCNEE ) == { WE,E') + PJ CE dE" }  (2)

where V(E’,E") Iis the ionization—-dissociation channel interaction matrix and P
indicates the principal part of the integral. In principle, in K matrix theory the
contribution "off the energy shell” ( i.e., the dependence on E’ of the K matrix ) has
to be included. Fano 17 has shown that in MQDT the K(2) matrix needs to be
determined only "on the energy shell® ( i.e., E'= E), the contribution "off the energy
shell" being accounted for by the adjunction of the irregular solution g to the channel

wavefunction (cf. Eqg.3 below). This matrix K(2) describing the ionization—
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dissoclation channel interactions is also diagonalized, and the associated eigen-
channels are labelled | « >. Then a general two step MQDT wavefunction may be

written (see equation(13) of Giusti-Suzor and Jungen) as:

(2) = ; -
Yy s gi) 2]'.‘: 11> §Aa(E) {£,Ce;,x) Cy o g;(&;,x) S;41 (3)

with
Ci— L <ily> cosrr(uywa) <vyvla>
4 (3b)

Sia 5 <ily> smwr(uywa) <¥yiad>

In this general expression r stands for either the radial coordinate of the external
electron or for the Internuclear distance. The expression (3a) is valid only outside
the reaction zone limited by ro . The ket| | > represents a vibronic (resp. aelactronic)
wavefunction of the ion (resp. valence state) for an ionization (resp. dissociation)
channel. The functions f; and g; are the energy normalized regular and irregular
Coulomb functions when i stands for a ionization channel, and the regular (Fg) and
irregular (Gg) vibrational wavefunctions of the valence state potential energy curve
when | stands for a dissociation channel. These functions depend on the energy €; of

relative motion of the fragments in the channel i. The matrix elements Ciyq and Sig

contain the effects of the short range Interactions. The interactions invoived in the
first step are characterized by the eigenphase shift mu, and the eigenvector < ity>
of the K{1) matrix. The interactions between ionization and dissociation channels
introduced in the second step are accounted for by the additional eigenphase shift
mug and the eigenvectors < ¥ | « > of the K(2) matrix.

Gilusti-Suzor and Jungen 9 have identified these different matrix elements in
the specific case of NO (see their tabie | for more detalls) . In the first step only the

coupling between the ionization channels | v+ > is Included, while the dissociation
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channels are left uncoupled. One then has:

(2y _

Kot ve0 = ,[ Xg4(R) tanmu(R) X . (R) AR (4a)
(2 g2

Ko+, " Xa,ar 7° (4b)

where xy+(R) is the vibrational wavefunction of the NO* electronic ground state, and
v+ Is the vibrational quantum number. In Eq.4a pg from Eq. 1 has been identified as
the R-dependent quantum defect relating the Rydberg state potential energy curves to

that of the ion by an R-dependent Rydberg equation:

U (R) = ut(r) - 1 . (5)

2 (n- Ry )

in equation (4b) d stands for the dissociation channels (B or L).
The Rydberg-valence interactions introduced in the second step take the
form of a vibrational overlap integral (similar as in the matrix approach of Gallusser

and Dressier1®) , namely:

oy aE) = [ %oy (R) Ve R) FyERY @R, (s

and one also has

Vor, vt = Va,a = Vor,v+" Va,ar

=0 . (6b)

In Eq.6a Vq(€,R) is the electronic interaction between the Rydberg series and the
valence state d. This quantity is in general a function of the internuclear distance R
and the electron energy €. The function F4(E,R) is the energy normalized regular
vibrational wavefunction corresponding to the potential energy curve Ug4(R) of the
valence state d at energy E. In this work the K(2) matrix will be evaluated to second

order. Inserting the expression (6a) for the interaction matrix V in equation (2) and
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neglecting the small € dependence of V4, we obtain the following K-matrix elements:

(2) -

Kv+,d (E) T vv+,d (E) (7a)
v (E') V (E")

(2) - v+,d v+',d .

Kot w4t (F) m g F J E - E' = (70)

(2) _

Ky, g=© . (7¢)

Note how the Rydberg-valence state interaction contributes in second order to the
couplings within the Rydberg channels v+. This contribution will turn out to be crucial

for the quantitative representation of the Rydberg and valence state leveis in NO.
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Once the K{2) L oiix has been evaluated, its diagonalization yields the
elgenvalues tanmp, and eigenvectors < ¥ | « >, and the matrix element of C; 4 and
8i,« of Eq.3b can be calculated. The channel mixing coefficients A4 in the wave
function expansion (3a) remain unknown at this stage. They are determined through
application of the appropriate boundary conditions in each channel at infinity.

It is only at this stage that QDT makes a distinction between discrete and
continuum states. The long range behaviour of the total wave function (3a) is
governed by the asymptotic behaviour of the functions f and g. The main objective of
this work is to treat the discrete range, so let us consider the case of a closed

channel (l.e. €= —-1/2 x* ). The long range behaviour of f; and g; Is given by]

K.X =V, -K.X V.
1

1/2 - L . 1 1
. S . - D, . e
( I)l 1nBl e r D:. cosB:L x )

B g5~ ¢ me )
(8a)

K.r ~—v, -K.X V.,
1

- 1/2 - & i i i
D. cosB. e r + D. 8inB. e r
( i Bl i ﬁl )

93(F) g5~ (™)

where Dj is a scaling factor (see ref.1 for more details) and

v =(2ep /2 (

v+
(8b)

vi =0 i=d

The phase parameter B{(€;) appearing in Eq.7 characterizes the long-range field
and will be specified below. By inserting the asymptotic form (8a) into Eq.3a and
imposing the bound state condition requiring that the coefficient of the rising

exponential be zero at infinity, we find

iAa(E) L s:.nlsi(E) Ci,a + cosﬁi(E) Si,a =0 ¥ i closed .(9)
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In the case of a closed ionization channel (i = v+) the functions f; and g; are just
Coulomb functions and the phase parameter pBi(€) Is Just w times the effective

principal quantum number defined by Eq.8, namely
Bitep = mvi(gp = vy (Eys.) .M

The case of a dissociation channel | = d is more complicated because B(E) is not
analytically known for a valence state potential. We have to find the analog of v for a
long range potentiai which is not Coulombic. The generalized quantum defect
theonf'»a provides the recipe for obtaining B(E) in any potential.

The basic ldea is the following. The quantity (v-2-1) ( L being the angular
momentum of the Rydberg electron ) represents the number of nodes of the Rydberg
clectron radiai wave function. By analogy, ((B/m~-1) represents the number of
nodes of the nuclear wave function when the potential is molecular. The numerical
procedure given by Greene, Rau and Fano! for the evaluation of this quantity g(E) is
based on Miine's :::u:oproacl'ﬂ8 to the solution of the one—dimensional radial
Schrddinger equation. ‘ First, the regular solution of the nuclear Schridinger equation

is written in phase—amplitude form as !

F(R) = (2/m)y”% « (R) sin $(R) . (1lla)
As Milne showed, the amplitude function «(R) is solution of the inhomogeneous

differential equation

« (R) + ( U(R) = E ) & (R) = —5—— , (12a)

3
« (R)
and the phase ' is related to the amplitude « by

R 1]
¢ (R) =1[——?_-5‘R————— . (12b)
a (R')
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The phase parameter p(E) is then defined as the asymptotic accumulated phase:
Bg = P(w) (13

Bound levels occur whenever F(R) vanishes at infinity, that is, when
$(w) = (n+D) m - Cn=20,1,...) , (14)

where n is the number of nodes of the wave function. Greene, Rau and Fano have
shown that the phase parameter B of Eq. 13 is the quantity required in Eq.9 to
replace Eq.10 for the case of non—-Coulombic potential. Note that if the irregular

wave function g(R) is needed, it is given directly by

G4(R) = = ( 2/m Y% & (R) cos ¥ (R) (11b)

Now, at this point we are in a position to solve the QDT linear system (9) in the
discrete range and to obtain the Rydberg and valence leveis by scanning the spectral
range of interest.

The higher spectral ranges, where dissociation and ionization channels are
open, are treated exactly as in the work of Giusti~-Suzor and Jungen 9. The only
difference arises in the evaluation of the transition moments. In order to determine
the oscillator strength in the discrete range or the ;:ross section in the continuum,
QDT introducaes the transition moments Dy corresponding to the eigenchannels | «
> of the second step of the treatment. in their paper Giusti-Suzor and Jungen have
approximated these transition moments Dy by

Da=;:,<cxl‘y>Dy , (15)
where D, is the transition moment associated with the eigenchannels |y > of the first

step. In doing this they have supposed that the additional quantum defect uy in the
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wave function (1a) has no effect on the Dy transition moments. Starace 19 has

shown that the correct expression for Dy Is @

dE')Y <& |y > cosmu.a . (18)

(2), & '
K'“(E') D_(E")
E - E'

DG(E) = : ( D'y(E) + P

For the evaluation of the Dy transition moments we shall below set K{(2)= V in Eg. 16.
This means that the K{2) matrix is evaluated here to second order and the Dy to first
order. By comparison, Glusti-Suzor and Jungen have calculated thelr K{2) matrix to
first order and their Dy to zeroth order.

Before concluding this brief review of the two-step MQDT, we mention an
alternative type of quantum defect which will be useful below. This Is the so—called n
defect introduced by Seaton‘s, which corresponds to a different normalisation of the
Coulomb functions than that implied by the quantum defect p of Eq.3b. Denoting
Coulomb basis funtions corresponding to the n defect by t(°) and g¢°’, respectively,

we have the following relationship between the two types of function :

f= Ar/2 §(0)

17

’

g = A—.L/Z g(O)

where accordind to Seaton the function A(v,l) is given by

o

2
A(v,i)=Tn(1~-—5) .18
o v

o

o2

Use of the n defect presents two advantages. The first is that a part of the energy
variation at short range of the f and g functions is explicitly included in the coefficient
A. Consequently f° and g°® and the related n defect have a smoother energy
dependence than f, g and p ( some exampies are given in Seaton 'S review ). At

threshold ( v » @ , € » 0 ), A equals unity, and the n and p defects coincide. As
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mentioned by Seaton, the second advantage is that spurious solutions of the linear
system (9) at low energy may be eliminated. A drawback is that owing to the
energy dependence of A even a single unperturbed Rydberg series ( i.e. Eq.9 for a
single channel) is no longer represented by an analytic exprassion. The choice of
£(9) | g(2) and n leads to a slight modification in Eq.9 for the ionization channels,
where sinmv| must be replaced by A™*/2(v) sinmv; and cosmv; by A*/2(v) cosmyy,

respectively.

1.2 DIABATIC AND ADIABATIC POTENTIAL ENERGY CURVES

The preceding section has dealt with the vibrational-electronic quantum
defect treatment of perturbations between vibronic Rydberg and vaience levels. We
have presented a two-step approach based on diabatic or crossing potential energy
curves. These are, on the one hand the vaience state potentiai energy curves
Ug(R). On the other hand, the infinite manifold of Rydberg potential curves U,(R) is

related to the n defect by

tanfrvn(e)
x5 tanmm(€,R) = 0 (19a)
Un(R) = U+(R) - —-—-—55_—-— , (19b)
v

where n denotes the n’th solution and A(€) Is the normaiization factor of Eq. 18. We
are also interested in the adlabatic, or non-crossing, curves which wouid be
aobtained in an ab-initio calculation of the electronic structure. The adiabatic curves
implicit In our treatment can be evaluated by carrying out the MQDT treatment of

Sec. ll. 1 for fixed R, with R varying as a parameter. We return to Eq.6 where we
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have now a single ionization channei, i, and two valence state channels, d. Eq.6a

becomes
Vig(E) = V4(€,R) . (20

and Eq. 6b remains unchanged. The K matrix of Eq. 7 has now dimension 3 by 3, and

we have

(2) - —
K, 4 (E) = = 7 V4(&R)

2
V.(R)

(2) - d

Kis (B =-17 g = Ud(R) (21)

(2)_
Kyq:™ © .

From Eq. (1) we see that ng = (1/m) arcth“(Z) is to be inserted for uy in Eg. 3b.
Since the motion of the nuclel is frozen we have Bg = 0 for the valence channels,
with the resuit that non-trivial solutions of the linear system Eq.9 arise only in the

perturbed Rydberg channel. From Eq.9 we obtain easily

2
tan n'vi( €) Vd( R)

+ tanm { n(¢,R) - L

A(E) ITE-gm 1 7° €220

This formula has been given by Mies20: it is a one channel expression, whereby the

two valence states give rise to resonant contributions to the quantum defect.
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13. SPIN ORBIT COUPLING

Since this work deals with doublet states it is necessary to account for the
electron spin. |f the non-rotating molecule Is considered, the theoretical treatment of
the preceding section must be carried out for 0=1/2 and 0=3/2 states separately,
and there will be two independent sets of potentiai energy curves U,,,(R) and

Us/2(R) as well as quantum defects n,,,(R) and n,3,,(R), respectively. We write

Uss2(R) = Uy .(R) + A(RY  ,  (23)

where A(R) Is the spin—orbit coupling constant. It turns out that the global behaviour
of A(R) between R=0 and R-w Is not known a priori. For small internuciear distances
the valence states are energetically well separated so that a description of the spin
orbit coupling according to Hund’s case(a) is appropriate. At large R the situation
becomes more complex. The B and L valence states have the same dissociation
limit, nameiy N(?*D) + O(®P). Near the Iimit the spin orbit Interaction becomes
comparable and even greater than the separation of electronic states, so that a
description according to Hund’s case(c) becomes more appropriate. Field, Gottscho
and Miescher2! have tabulated expressions for the spin—orbit interaction matrix
elements between the three single—configuration valence states B, L and P arising
from the N(®D)+O(>P) limit. It turns out that the separated atom spin-orbit splitting
cannot be reproduced In this single configuration picture. As suggested by
Mulllken22, the reason may be a major configuration mixing between the different
valence states at large R, which is not included in the formulas of Field, Gottscho
and Miescher who assumed the singie configuration (5002 (1m) 2 (2m) 2 for the B, L
and P states. Indeed, Inspection of the diagram reiating the united—atom to the
separated—atom orbitals, shows that the 5o molecular orbital correlates with o2pg at

large R, while 1w with correlates with m2pg and 2 correlates with m2ppN. Thus at
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large R the configuration of B, L and P c¢an be described by
(o2p) 2(m2p) *(m2pp) 2 which leads to (2pg) *(2pn) 2 in the limit of separated
atoms. This configuration, however, correlates with the ionic dissociation fimit N* +
O~ rather than with the limit N + O which corresponds to ( (2pp) 3 + (2pg)*. This
means that major configuration mixing has occured. A similar probilem has been
encountered by Roche and Lefebvre-Brion23 in the PO ;'nolecule. These authors have
shown that the configuration mixing between the different valence states of PO
changes considerably with the internuclear distance, and thereby gives rise to a
strong R dependence of the corresponding spin orbit constants. For the present
purpose it will be simply assumed that the components @ = 1/2 and g = 3/2 of the B
and L valence states correlate with the lowest dissociation limit, namely N(®Ds;5) +
O(3P,), and that the spin splitting structure is fully embodied in the R variation of
the spin-orbit constants of the B and L states, respectively.

The situation is more staightforward with regards to the npm Rydberg series
which converges to the spinless 't ground slectronic state of NO*. Any spin-orbit
coupling in the Rydberg states Is therefore tantamount to an electron-core
interaction. It Is mainly induced by the Rydberg-valence state interactions, but a
small spin—orbit coupling characterizing the unperturbed Rydberg channel may aiso
be present. This latter contribution Is included by allowing the quantum defect n to be

slightly different for 0=1/2 and Q=3/2 .

1.4 MOLECULAR ROTATION AND UNCOUPLING PHENOMENA

The vibronic as wsell as the spin fine structures are profoundly modified by
molecular rotation. In a first stage we Include rotational motion according to a
Hund’s case(a) description. We add the rotational energy R2/2uR2LJ(J+1) —02+1/2]

to the fixed nuclei potential energy curves U (D (R) of the dissoclation channels. In
9 d
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the ionization channel the corresponding energy must be added to the rotationiess
potential enrgy curve U*(R) of the lonic core: we add an additional correction
+12/2pR2 to UY(R) for reasons that will become apparent later.

As the total angular momentum J increases, the rotational energy spacings
may become comparable or greater than the spin fine structure. As a consequence
the spin uncouples from the molecuiar frame, {.e., a transition from Hund’s case(a)
to case(b) takes place, and the rotational levels are now given by BIN(N+1)-aZ%1
(A=1) instead of BLJ(J+1)-0%+1/2] (=1/2,3/2). In the ionization channe! the orbital
motion may also uncoupled from molecular frame (transition towards Hund’s case(d)
), namely when n becomes sufficiently high so that the rotational energy spacings
become comparable or larger than the electronic level spacings. In this event the
rotational energy goes as BINY(NtT+1)-A*2] ( A*= 0) instead of BIN(N+1)-A2]. In
quantum-mechanical terms, the rotational spin-uncoupling gives rise to a mixing of
a=1/2 and 9=3/2 levels, while the rotational {~uncoupling gives rise to a mixing of
levels corresponding to different values of A. We shall not consider the effects of €~
uncoupling in detail in this paper, that is, we shall treat only those levels of the p
ionization channel for which no quantum mechanical mixing occurs, i.e., for which
N* = N. This Is the case for the levels whose rotational level parities behave as in a
2r~ state and which In case(b) correspond to the pII” component. Rotational £~
uncoupling solely contributes a diagonal correction +r%/2uR?(l€+1)-A%] to these
levels, i.e., +h%/2uR? when l=A=1 is taken (see for example the paper of Fredin et
al24 for details). This correction has already been added to the potential of the ionic
core: it ensures that the pmr Rydberg levels converge to the correct rotational
ionization limits Ey4+BNV(N*+1) = E, 4 +BN(N+1).

Rotational spin-uncoupling, like e-uncoupnng, is In principle treated best in
the framework of MQDT. The main element of such a treatment is the case(a)-

case(b) frame transformation which projects states | 2 > onto states | N > and is
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entirely analogous to the familiar case(b)-case(d) frame transformation which
connects states | A > with states | N*> (see Greene and Jungen25). Here we prefer
instead a perturbation approach to the spin—-uncoupling. In the perturbation approach
the rotationai spin—uncoupling Is induced by the operator J*S™+J7S* of the

rotational Hamiltonian, which ylelds matrix elements of the form

1/2
__n (I -172 ) ( T+32 )1 ( 24 a)

2 4R

between 0=1/2 and 0=3/2 levels. We must thus evaiuate elements of the type:

12

- (JT-172 Y JT+32)1 <“’1/z(E_L)'L‘2'"’s/z(Ez)> ( 24Db)

R
where ¥,,,(E;) and ¥,,,(E;) are two MQDT wavefunctions defined by Eq.3 with
coefficients Ax{® (E) which are solutions of the linear system (9) set up for each
value of Q. Strictly speaking these wavefunctions ¥g are defined only outside the
reaction zone, i.e., for R > R,, whereas we require them for smail R values in the
integration over 1/R%. We avoid this difficuity by neglecting the small admixture of the
irregular valence state vibrational function Gg(Eq4,R) to v,/, and Vvi,/, in Eq. 24D,
which is proportional to sinmuy. We set pg = 0 in Eq.3b and write Eq. 3a explicitly as
a sum over ionization channels v+ and dissociation channels d. Thus making use of

Eqg.4 we have

(2) (Q)

- N+ () B
T B =L e (4R il B AT (B (e, 6o’ = gy(ey, ) sigh
(Q) (J.Q) Q). . ()
+ E ¢d {(q,x.R) Fd (EdvR) L A(X i x> (25)

&

where ¢.5rg(q, R) Is the electronic NO* ion function and ¢4(q,r,R) is the electronic
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valence state function as defined in table | of Giusti-Suzor and Jungen® gased on
Eq. 25 it Is now easy to evaluate the matrix elements of 1/R?. We consider that spin
uncoupling takes place only within the electronic states. Making use of their

orthonormality we obtain

- [(3-12) (J+3,2)1 s £ ¢ Af;/z)( E,) Afx?/z)( E)) <ila $22) (i >R
x a'i
X.(R,E)X. (R, E))
IdR = - 21 2 ( 28 ¢c)

R

where X; stands respectively for the vibrational wavefunction of the lonic core xy+, or
of the valence state Fy, depending on whether | represents an ionization or a
dissociation channel. This procedure Is analogous to that used by Giusti-Suzor and
Jungen when they evaluated the transitions moments using Eq. 15 of the present
paper instead of Eq. 16. The main point is that the mixing of the channeis embodied
in the coefficients Aa(m is retained: only the small modification of the vibrational
wavefunctions due to the Rydberg-valence interactions Is neglected.

The rotational structure is calculated for each J value by constructing the
interaction matrix built on all the "'II,_/2 and zns/z lavels lying In the spectral range
from 45000 to 71600 cm™. The dlagonal elements are the MQDT term values of
these levels. The off diagonal slements are zero for the leveis of same O value and
are given by Eq. 24c for levels of different Q. The sigenvalues of this matrix can then

be directly compared to the experimentally observed term values.
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.5 NUMERICAL DETAILS:

The MQDT calculation requires a set of parameters which describes the npm
Rydberg serles, the B and L valence states and the Rydberg—-valence interaction
energles. These parameters are determined in this work by a least squares fit to the
experimental 211 vibronic levels of NO. These have been observed for the most part
by Miescher and coworkers11,12,13,14 absorption but we shall aiso include a

number of levels observed by muitiphoton ionization by Ebata et al26 and Cheung et

al27,

1.5.1 QUANTUM DEFECTS AND POTENTIAL ENERGY CURVES

The NO* X*r* potential energy curve is quite well known28. it serves to
generate the vibrational functions xy+(R) and energies Ey,. The ionization potential
is also precisely known36, Therefore the npm Rydberg channel is completely*
characterized once its quantum defect n is provided. In principle the n defect has a
double parametric dependence, on R as well as on . We use the foliowing
expansion near the equilibrium internuclear distance Rg* of the Xict jon core and
e=0 :

2
o n
2

én

€ +
de

N (R) = n(e=0,R) + M (R-R)+

(R-R.H® . (26)
IR dR

According to Eq.25 the energy dependences of an/3R and 3%n/aR? are neglected.

The quadratic R dependence in Eq. 25 will serve primarily to reproduce the vibrational

intervals ‘of the 3pm,v=0...8 levels. The energy dependence of n( Re+) will serve

for the correct representation of the electronic spacings between the npw, n=3,..,6

levels.

In the treatment outlined in the preceding sections we havs identified the
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eigenchannels y by v+ implying the use of vibrational functions xy+(R) with associated
energies Ey4 as the basis set for the description of the vibrational motion in the
lonization channels. For a given total energy E the electron energy € In the channel

vt is

€ =€y = E - Eyqe . (27

A difficulty arises here in the evaluation of an off-diagonal element
K(L)yy ver with v+ # v+' (Eq.4a), since it Is not clear whether €=€yy OF €=€yy4r
should be taken. In addition, both choices lead to an unsymmetric and hence
unphysical K(+) matrix. Greene and Jungen29 have shown how a combined (€, R)
dependence of the quantum defect can be correctly incorporated into MQDT. In the
case of NO there is no need to resort to their full treatment because the anergy
variation of the quantum defect is quite weak and the off~diagonal matrix elements
K\,.,.’v.,.' are quite small ( they are typically one order of magnitude smaller than the
diagonal elements). Therefore it suffices to account for the energy variation of the
quantum defect in the diagonal matrix element K(*) ., . where € = ey, can be
taken.

Finally, each of the four quantum defect parameters to be fitted according
to Eq. 26 occurs In principle twice, once for ©=1/2 and once for 9=3/2. Since the
spin—orbit coupling in the lonization channel Is very small we have assumed that the
derivatives of n with respect to R and € are the same for 0=1/2 and 3/2 states. The
lonization channel Is then characterized by altogether five parameters, namely
ni/2(Rg™), ns/2(Rg™), anys2/8R(Rg™Y, a%ny/2/8R%(Rg™ and
any/2/9€(€=0, Rg™) .

Since the dissociation limit of the B and L states is well known, the

dissociation channels are fully characterized once their potentlial energy curves are
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specified. In the early stage of this work a RKR procedure was used as in the work of
Gallusser and Dressler to obtain these potential energy curves from the unperturbed
loevel energies and rotationals constants. However, numerical difficulties were
encountered at high vibrational energies where the potential energy curve presented
unstable irregularities at small R. To avolid this difficulty we have defined the potential
energy curves by a set of distinct points (R, Ugq(R)) which were chosen on a coarse
mesh. Typically 15 10.20 points have been necessary to get a good representation of
each curve. A cubic spline procedure was then used to obtain the potential on a
much finer mesh, consisting typically of 1400 points. This representation of the
potential served subsequently for the integration of Milne’s equation (12) which
ylelded the nuclear wavefunctions Fq(E,R) as well as the accumulated phase B
required in the MQDT treatment. Each point Ug(R) on the coarse mesh was treated
as a parameter and was adjusted in the fitting procedure. A disadvantage of this
approach s that by comparison with the RKR procedure it requires about twice the
number of parameters for the representation of a potential energy curve. On the
other hand these parameters have an obvious physical meaning and since they are

constricted to lie on a smooth curve they are In fact strongly inter-related.
II.5.2 ENERGY AND R DEPENDENCE OF RYDBERG-VALENCE INTERACTIONS

At this stage only the Rydberg-valence state Interaction remains to be
conveniently parametrized. The following combined dependence on € and R has been

assumed

V4(R) €< €

Vy(eR) = 5 (28a)
V4(R) e —ale=<)
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v R <R
d © (28b)
Vot R = 2
-b(R-R)
v, e o R>R,

where d=B or L and the following parameters have been adopted ( in atomic units ) :
a= 49170, e€o= 0.142, b=25, Ro=2.46. These values were kept fixed throughout the
calculations, whereas Vg and V|_ have been adjusted such as to best represent the
observed perturbations.

The R-dependence Vy(e,R) In Eq.28b has been introduced on physical
grounds because the interactions must vanish beyond a certain distance R=Rg, i.e.,
outside the "reaction zone". The values adopted for b and Ro ensure that the
Rydberg-valence state interactions are neglegible for R > Ry= 2.65 a.u. . In practice
the appropriate choice of Rg is dictated by the size of the vibrational basis set used
for the npm Rydberg channel: in order that truncation errors be avoided, Rg must be
smaller than the largest outer classical turning point of the truncated set {Xy+(R)} of
vibrational functions of the NO™ ionic core. We have inciuded functions with v+ up to
13, i.e., larger than the largest v valus encountered in the spectral range of interest
(v = 8). It should be noted that the diabatic potential energy curves resulting from
the fit of course depend somewhat on the choice of R,. To the extent, however, that
the present treatment is compiete, the adiabatic curves given by Egqg.22 should be
independent of Rs. The significance of Eq. 28 is that It serves to pass from a diabatic
description of the Rydberg-valence state interactions used for R < Re to a adiabatic
one used for R > R,. Non-adiabatic effects'are neglected oniy for R > Re, L.,
outside the ‘reaction” zone. Considering the large energy separation of the Rydberg
and valence states curves in this range as well as their smooth evolution with R, we
estimate that these effects shouid be quite small. These considerations underline the

well known fact that the diabatic states, while being very useful for the treatment of
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non—-adiabatic Interactions, can never be chosen strictly in an unique fashion. By
cdntrast, the corresponding adlabatic curves are only of limited use for the realistic
caicuation of vibronic levels, but they are conceptually perfectly defined.

According to Eq.28a the Rydberg-valence state interactions are cut off at
energles below 32000 cm™, i.e., In the range far below the lowest 3pr Rydberg
curve ( cf. Fig.2a ). The justification of this choice is the following. In the Initial
calculations the selectronic interactions were assumed to remain constant over the
whole spectral range of total energy of Interest. Somewhat surprisingly it was then
found that for R values larger than the crossing point with the 3pnC state curve, the B
state curve ( given by the lowest soiution of Eq.22 ) was actually shifted upwards
from Its unperturbed position, in contradiction with the physical expectations.
Correspondingly the BO to BS levels exhibited positive positive perturbation shifts.
Fig. 3 Is designed to show how this behaviour arises.

Fig3. a represents the graphical solution of Eq.22 for R=2.2 a.u. in the
case where the Rydberg-vaience state interactions are assumed to vanish and the
resonant term in the argument of the second term function in Eq. 22 is therefore
absent. The horizontal straight line corresponds to the second term, -tanmn, while
the resonating full (dashed) lines represent the first term tanmv/A ( tannv ),
respectively. The solutions are given by the crossing of the curves: it can be seen
how use of the n defect, corresponding to Inclusion of the normalisation factor
Ae,2) from Eq. 18 in Eq. 22, siiminates the spurious Rydberg solution ‘2pmr’ near e=—
70000 cm™! which occurs when the u defect Is used.

Figs.3b and 3c represent the graphical solution of Eq. 22 with the n defect
for the case where the Rydberg-valence state interaction does not vanish and is
independent of the energy. The second ( quantum defect term ) of £q.22 now also
exhibits a resonating behavior: Fig. 3b corresponds to a small R value for which the B

state lles just below 3pwC , while Fig.3c corresponds to a large R value for which B
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lies far below C. The perturbation shift are indicated by arrows. In Fig. 3b their signs
are exactly as physically expected. On the other hand, it is clear from Fig. 3c that the
upward shift of the solution represnting the B state is due to interaction with the
unphysical ‘2pr’ solution, In spite of the fact that the solution itself does not actually
occur. This physically unsatisfactory situation Is improved by the use of Eq.28a. It
s;hould be stressed, however, that inclusion of energy dependent Rydberg-valence
state interactions merely modifies the fitted diabatic ( crossing ) curves:the resulting
adiabatic ( non-crossing) remain the same.

All the parameters which are necessary to evaluate the second order matrix
K(2) of Eq.7 have now been specified. In the first stage of the quantum defect
calculation this K(2) matrix has been evaluated on a coarse energy mesh, with
successive points separated by 2000 cm™*. The range of energy over which the
integration was carried out was chosen sufficiently large so that the shifts of the
Rydberg levels due to the Rydberg-valence state interaction off the energy shell
(Eq.7b) were converged. It was found that in order to achleve this convergence the
range of integration had to extend from 45500 up to 140500 cm™t. In the second
stage of the calculation the range between 45000 and 71600 cm™* was scanned with
an energy step of 10 cm™*. At each energy the matrix K(2) was interpolated by a
cubic spiine procedure from the values calculated on the coarse mesh in the first
stage. Diagonalization then yielded the eigen phases nyg and the corresponding eigen
vectors U, 4 necessary to evaluate the Ci,« and Sj 4 matrix elements. The phase
parameters B4(E) for the B and L valence states were also calculated by Milne’'s
method at each energy. Finaily all these quantities served to construct the MQDT
linear system (9) whose solution subsequently yielded the vibronic level structure.

As the consequence of the mixing of the 0=1/2 and q=3/2 componenis by
molecular rotation (spin-uncoupling) the "H;/z and Zn3/2 levels cannot be treated

separately. However, for the lowest J values the s—-uncoupling is weak, and for J=1/2
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it is aitogether absent. We have therefore initially fitted the levels anlz,d="/2 and

21, /2,Jd=3/2, Subsaquently, the 0=3/2,J=3/2 levels were fittad and the spin orbit
constants A(R) extracted. In this way a good preliminary set of parameters was
obtained using a ieast squares procedure. In a final step the Q=1/2 and Q=3/2 levels
were Inciuded simultaneously in a full rotational calculation including also the spin
uncoupling. The parameters were then fitted directly to the rovibronic levels observed
for J=11/2 and J=81/2. These levels were chosen because they have been observed
for almost every Rydberg and valence state vibronic level. Note that no reference is
made to the concept of "molecuiar constants" in this procedure. Instead, potential
functions and quantum defect functions are fitted directly to the observed rovibronic
term values. As a drawback, It has been found that the least squares fitting
procedurs became too difficult to handie numerically. The last fine adjustements of
the parameters therefore had to be carried out by a trial and error method. This

concerns particularly the L state for which the data are not so compiete.
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Il RESULTS

1.1 MQDT PARAMETERS

Table | contains the parameters used to represent the potential curve of the
Xirt state of NO* as well as the defects n representing the pr Rydberg channel and
the Rydberg-valence state interactions resulting from the fitting procedure. Table I
gives the fitted diabatic potential energy curves of the B?m and L?m0 states as well as
their spin—orbit coupling constants. As has been mentioned in the section il. 1, the n
quantum defect and the p quantum defect coincide at threshold ( €=0 ). We find
indeed that our value n(€=0) = 0.73 Is very close to that reported by Gallusser and
Drassier In their table Vil ( 0.72). The derivative an/aR of the n quantum defect is
determined here with a negative sign as in the work of Giusti~-Suzor and Jungen,
indicating that the pm Rydberg orbitals in NO are very slightly bonding. The
magnitude of the derivative however is 40% smaller than estimated by Giusti-Suzor
and Jungen on the basis of the deperturbed molecular constants given by Galiusser
and Dressler for the 3pnC state. The differences wa/>— ny/2 and na/—ny/» given
in Table | characterize the spin—orbit coupling in the pw ionization channel. It can be
seen that the present value is about three times smalier than the analogous quantity
which can be derived from the parameters given by Gallusser and Dressler. We shall
come back to this discrepancy in section {ll. 3 below. Table | further shows that the
Rydberg—-vaience state interactlo’n Vg differs by only 10% from the value which can be
inferred from Gailusser and Dressler’'s fit. By contrast the present value of V| is
almost a factor of two larger than the previous value. This difference is no doubt
related in part to the fact that since Gallusser and Dressler’'s work new experimental
data concerning the L state have become available. Ebata et ai2® and Cheung et al27
have observed additional levels using a muitiphoton ionization technique which had

escaped detection in earlier photoabsorption measurements, mainly because of the
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lack of oscillator strength. The new observations have improved the knowledge of the
higher vibrational levels of the L state, in particular of L6(a=3/2), L8(n=1/2,0=3/2),
L9(n=1/2) and L11(a=3/2).

The diabatic zni/z potential energy chves and the spin orbit constants of
the B and L valence states from Table |l are represented in Fig.2a. The R
dependence of the spin orbit constant is very similar to that calculated for the
corresponding sates of PO by Roche and Lefebvre-Brion23. |n their calculation the
strong variations of A are a consequence of the strong configuration mixing which
sets in large R vaiues ( see also section 11.3 ). Fig.2b gives the corresponding
adiabatic curves which are derived at each R value from the curves of Fig. 2a and the
interactions Vg and V|_ through evaluation of Eq. 22. As has been mentioned aiready,
these non-crossing curves represent only a poor starting point for a calculation of the
vibronic level structure, but on the other hand, they should be directly comparable to
those obtained in a high—quality ab-initio calculation. The numerical values of the
adiabatic curves are given in Table Ilil.

Table | also gives our fitted electronic transition moments for absorption
from the ground state to the Rydberg channel and to the B and L states. Following
Gallusser and Dressler, we have adjusted the transition moments of the Rydberg
channel and of the B state such as to reproduce the oscillator strength measurement
of Bethke30. The transition moment to the Rydberg channel is very close to that
implied by Gallusser and Dressler’'s work. On the other hand in order to achiave a
satisfactory fit of the B-X vibronic intensities, a linear R dependence of the transition
moment Dg had to be introduced. For vertical excitation from the ground state, at R=
2.175 a.u., we obtain a value Dg(Rg(X))= -0.073 a.u. very close to the value
given by Gallusser and Dressler. The comparison with the observed values is made in
Table IV. The agreement is good for the Rydberg levels and less satisiactory for the

higher B vibrational levels, where Galiusser and Dressler have obtained a better
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agreement. The transition moment value D{=-0.05 a.u reported in Table | is only
qualitative. This value has been chosen such that the L4 and L5 levels observed by
Miescher and coworkers photoabsorption obtain a non-negilligible osclilator strength.
There is not enough quantitative Intensity information available to fit D|_ and to study
the Interference effects due to the perturbations. We have assumed the transition
moments for the two spin components 0=1/2 and 0=3/2 to be equal.

Finally comparison of Table | with Table | of Gallusser and Dressler’s paper
shows that MQDT ylelds a more consisteant representation of the Rydberg—valence
state interactions than the matrix perturbation method used previously. Since the
manifold of Rydberg states is treated as a single lonization channel, the spurious
sign reversals of the Rydberg-valence state interactions and Rydberg spin-orbit
constants present in Galiusssr and Dressler’'s Table | have been eliminated. We now
proceed to a comparison of the observed vibronic band origins with those calculated

on the basis of the parameters of Tables | and Ii.
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il 2 DISCRETE RANGE

Il 2.1 The vibronic 8=1/2,J=1/2 and 0=3/2,J=3/2 term values

Table V lists the observed and calculated term values with J=1/2 and J=3/2
corresponding to the 2m,,, and Zns/z Rydberg and valence vibronic states in the
range from 45000 and 71600 cm™t. The overall agreement with the experimental
term values of Miescher and coworkers”vm’m'm, Ebata et al?S and Cheung et
a2 is quite satisfactory. The mean deviation observed-caiculated is 4 cm™%, to be
compared with the value 11 cm™t obtained by Gallusser and Dressler. In order to
assess to what extent the J=1/2 levels are affected by the Rydberg—valence state
interactions, a set of "deperturbed” J=1/2 levels, E°y4ic, have also been calculated
by setting Vg=V{=0 In the MQDT treatment of Section |l. These *deperturbed”
calculated vibronic origins of course have no strict physical meaning. They are
slightly different irom those derived by Gallusser and Dressler and they aiso differ
somewhat from the empirical deperturbed energies obtained originaily by Miescher
and coworkers. Here they serve here as reference energles for the definition of the

level perturbation:

AEcalc = Ecalc ~ E°cale (29a)
where Eggjc Is the J=1/2 term value calculated in the full MQDT calculation. These
calculated perturbation shifts can be compared to the experimental shifts which we

define by:

AEops =Egbs ~ E°calc (29b)
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where Egpg Is the observed J=1/2 energy level. Fig. 4 presents the perturbation shifts
plotted on the abscissa versus the total energy (ordinate) in the range from 45000 to
71600 cm™. Experimental values are connected by full lines and calculated values
are connected by broken lines. It can be seen that ail levels are more or less
perturbed, and that experiment and theory are In very good agreement. The
perturbations involving the 3pnC state are strongest and they decrease‘ for the 4pnK
state and the higher Rydberg states. This trend is expected because the probability
amplitude of the Rydberg electron In the core region decreases as n*~3/2,

As ailready Lagerqvist and Miescher!l and later Gallusser and Dressler12
have pointed out, the perturbation shift is the sum of two contributions. The first
contibution arises "on the energy shell” and accounts In essence for the local
perturbations . In the present treatment it corresponds to the first order term Eq.7a
of the K{2) matrix. The second contribution originates "off the energy shell® and
resumes the effect of distant levels. In our treatment it is embodied in the second
order term Eq.7b of the K(2) matrix. As again Gallusser and Dressler have
remarked, the second order contribution to the interaction may also affect local
interactions. The effact of first and second order interactions may be illustrated using
the CO and C1 levels as exampies. Fig.5 shows the first order interaction Vy+, B(E)
evaluated according Eq.6a and piotted versus the total energy E for v+=0 and v+=1
respectively. It can be seen that the interactions "on the energy shell® ( essentially
CO-B7 and C1-B10 ) are quite smail. The large calculated negative perturbation
shifts of the order of 100 cm™ are the result of second order Iinteractions ("off the
energy shell”) represented In Fig.5 by the large maxima which occur near 85000
cm™ for v+=0, and near 65000 and 90000 cm~* for v+=1. This behavior was already
borne out in the calculation of Gallusser and Dressler. It is' much more pronounced
in the present calculation since we include aliso the Interactions involving the

dissociation continua of the B and L states which were neglected in the earlier work.
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At higher energies the interacting pairs C3-B15, C5-B21 and K1-B25 are
clear cut examples of local perturbations in which the contribution "on the energy
shell” dominates. They are recognized In Fig.4 by the characteristic resonance
patterns of the perturbation shift, which oscilates between negative and positive
values of about equal magnitude. Note, however, that B21 does not interact primarly
with 8t§ nearest neighbor, which is KO, but rather interacts with the more distant level
C5. At yet higher energies this sort of behaviour becomes general, i.e., the regime
of what Gallusser and Dressler have termed '‘multistate interactions’ is approached. A
very well known example for this is the C6-B24-L5 Interaction which has been studied
extensively by Miescher and coworkers (see in particular the paper by Dressler and
Miescher14 ). Our interpretation of this interaction differs somewhat from that given
by Gallusser and Dressler who argue that the observed perturbation shifts are due to
direct coupiing between the states involved. The situation is less clear cut in the
present calculation. Only one half of the C6 perturbation shift arises from its direct
coupling with the B24 and L5 levels, while the other half shift originates "off energy
shell*, from interaction with the L state dissociation continuum ( similar as for the CO
level ). for this reason the perturbation shift of the C6 level is here calculated to be
considerably larger than in Gallusser and Dressler's work

As already Gallusser and Dressler have shown, the L state has a very weak
Intrinsic osclliator strength and thus can be observed only through perturbations with
the Rydberg levels. The perturbation pattern of Fig.4 shows clearly why in spite of
the interactions the L state levels are difficult to observe in absorption. According to
Fig.4 oniy the L4, L5, L7, L8 J=1/2 levels are strongly perturbed. Miescher and
coworkers have indeed observed only the L3, L4 and L5 leveis for the lowest J
values. L7 interacts with C7 which Itself has a weak oscillator strength and cannot
lend intensity to L7. L8 has been detected by Cheung et al?® by a multiphoton

lonization technique. This level had not previously been assigned in the absorption
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spectrum owing to overlapping structures.

1.2.2 ISOTOPE EFFECTS

The present calculations fully confirm the new vibrational numbering of the L
state proposed recently by Dressler and Miescher14 which differs from the earlier
tentative numbering adopted by Lagerqvist and Miescher!3. Their new assignment
was based on the study of the isotope shifts of the L4, L5 and L6 levels observed in
the spectra of *>N*®0 and **N'®0. The available experimental J=1/2 and 3/2 2&
levels of these two isotopes are collected in Table Vi and compared with our
caiculations. These calculated term values were obtained with the parameters of
Table | simply by changing the reduced mass. The isotopic ratios p=0.9821 and
0.9737 were used for the **N*®0 and **N*®0 isotope, respectively. it can be
verified in the Table that the levels L4, L5 and L6 are very well reproduced by the
calculation in both isotopes. The deviations observed-calculated are indeed much
smaller than the vibronic perturbations affecting the L levels shown in Fig. 4.

The overail agreement between the observed and calculated vibronic
structure In the two isotopes is also quite good. A mean deviation observed-
calculated of 8 cm™ for *5N*®0 and 14 cm—* for **N%80 is obtained, to be
compared with the values 14 and 19 cm™t, respectively, obtained by Gallusser and
Dressler. This result is satisfactory considering that the isotope data have not been
used in the fitting: the internal consistancy of our treatment is thereby confirmed. A
close inspection of Table Vi shows that the increased mean deviations between
observed and calculated term values in fact stem from a small number of major
discrepancies. In he **N*%0 it is the Q0(J=3/2,0a=3/2) level which stands out since
it is calculated 25 cm™' below its observed position. This level was originally

assigned as L6 by Dressler and Miescher!2. Qur caiculation, like that of Gallusser
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and Dressler, indicates that this assignment cannot be correct. The large observed
oscillator strength also shows that this level must have a predominant Rydberg
character. The Q0(J=1/2,0=1/2) level Is calculated only 2 cm™t from Its observed
position; It Is the spin—orbit splitting of 43 cm™t determined by Miescher and
coworkers which Is surprisingly large for a Rydberg level and Is not well reproduced
by our calculations as well as by those of Gallusser and Dressler. In the 14NLEQ
Isotope, major discrepancies between experiment and theory concern the levels
B21(a=1/2,0=3/2), C6(a=1/2,0=3/2), B24(a=1/2) and B26(q=3/2). In the two
latter cases the present calculation agrees in fact much better with the level energies
given in the earller Ref. 12 than with the more recent values reported in Ref. 13. For
instance B26(J=3/2,0=3/2) is calculated at 66948 cm™*, observed at 66940 cm™ in
Ref. 12 and at 66975 cm™* in Ref.13. In the **N*®0 isotope the corresponding

level is calculated exactly at the energy observed by Ebata et ai25.

. 2.3 ROTATIONAL STRUCTURE

The preceding discussion has dealt uniquely with the lowest, J=1/2 and
J=3/2, levels derived from the 2n Rydberg and valence states. We shall now examine
the effect of the Rydberg-valence state interactions on the rotational structure, and
see how the perturbations evolve from the low to the high J values. The vibronic
structure has been calculated from J=1/2 to J=101/2, Including the spin uncoupling
as outlined in section li. 4. The results are presented in Figs. 6-13. In the right panel
of each figure the total level energies are plotted versus J(J+1). The points
corresponding to the calculated term values are joined adiabatically while the open
circles or squares, respectively, correspond to the experimental observations from
Miescher and coworkers 11,12,13,14 apg Cheung et al2®. In the left panel the

oscillator strengths corresponding to the lowest J levels are represented by sticks at
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the calculated transition energy. The osclllator strengths of the Zns/z levels

presented in figures represent only 10% of those calculated, since we have assumed
a Boltzman population for the Q=1/2 and 0=3/2 spin components of NO ground
electronic state which corresponds to liquid nitrogen temperature. Spin uncoupling
has been neglected in the evaluation of band intensities, since it was not intended to

calculate a full rotational spectrum.

(a) CO~B7

The Interacting pair CO~B7 provides a unique opportunity for studying the
spin—-orbit coupling in the pwm Rydberg channel. No near coincidence between
Rydberg and valence 0=1/2 states occurs for J=1/2 while for J > 1/2 both the 0=1/2
and Q=3/2 components are involved. In Fig. 8 the CO(n=1/2,0=3/2) and B7(Q=3/2)
level sequences are seen to cross and to perturb each other in the range between
J=21/2 - 51/2. The level pattern becomes simple again for higher J values where,
owing to complete spin uncoupling, the two CO spin components follow Hund'’'s
case(b) , i.e., two spin levels corresponding to the same N value (joined by dashed
lines in Fig.6) lie at nearly the same energy. The pattern of Fig. 6 suggests that the
lowest, J=1/2 and J=3/2; levels are also nearly unperturbed. The case(b) pattern
observed for J > 51/2 suggests that spin—-orbit coupling in the unperturbed Rydberg
must be small. Ackermann and Miescher32 have exploited the peculiar configuration
of rovibronic levels depicted by Fig.6 in order to determine the unperturbed spin-
orbit coupling constant A of the CO lavel. They performed a local deperturbation
involving just the four rovibronic level sequences arising from the CO and 87 levels.
They obtained A = 2.5 + 0.6 cm—*and they have also reported a more precise value
A=3.2%0.1 cm™* based on the analysis of the rotational structure of the isotopes
where the coincidence C0-B7 is removed by the vibrational isotope shift. Amiot and

Verges33 have recently given the vajue A = 3.19 ¢ 0.01 cm—* determined with a
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similar method. d
This value must now be confronted with the quantum defect difference
Na/2(Rg?) - ny/dRg™) from Table | which Is determined in the present global
approach. This test of the theory Is crucial since we have seen that in our calculation
the CO level is not pure but is in fact significantly perturbed by the high lying valence
levels. The n values of Table | imply a deperturbed vaiue A=3.2 cm™ for the Spn,v:—-o
(i.e., CO) level in very good agreement with the values given by Ackermann and
Miescher, and Amiot and Verges. Fig.6 shows that our calculation reproduces the
observed spin-rovibronic fine structure quite accurately.
in thelr vibronic coupling calculations Gallusser and Dressler determined a
deperturbed spin-orbit coupling constant A=7.6 cm™* for the 3pnC state, l.e., a
much larger value than the values discussed above. As they point out, their value is
required in their treatment in order to account for the spin-orbit splittings in the
higher B and C levels. The fact that this is not necessary in our approach which in
principle is more complete, brings our Rydberg spin-orbit coupling Into line with the
empirical value of Ackermann and Mlescher and also with the atomic spin—orbit

coupling parameter ¢x2 cm™* characterizing the 3p orbital in the N and O atoms.

(b) C5~B21, KO~L3

The C5~B21~K0~L3 rotational structure shown in Fig.7 furnishes a good
gxample of a muitistate interaction. The overall agreement between experiment and
theory is quite satisfactory. It was pointed out already by Lagerqvist and Miescher 13
that the L3(0=3/2) component becomes observable because of the K0~L3 mixing.
As explained by Gallusser and Dressier and confirmed by the present work, this
mixing is not induced by a direct KO~L3 interaction which Is very weak due to the very
smail vibrational overlap. This Interaction is building up through the much sironger

C5~B21~L3 and B21~KO0 Interactions. The role of the C5 Rydberg level is found to be
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particularly important: inspection of the B21 and L3 MQDT wave functions shows that
the C5 Rydberg level is the largest Rydberg contribution 10 the B21 wavefunction and
Is nearly as important as the KO component in the L3 wave function. Conversely, the
two vibronic components which are called C5 do not approach Hund’'s case(b) for the
higher J values. it must be noted that the term value 64300 cm™t of
L3(J=8/2,0=3/2) given by Dressler and Miescher14 is siightly different from the
value 64306.0 cm™* given by Lagerqvist and Miescher!3. Moreover, inspection of
the wave function coefficients indicates that the level lying at 64306 cm™* has more
KO(n=3/2) character than L3(0=3/2) character. It has been entered in Table V
accordingly. Note finally that the caiculated oscillator strengths reported here are in
qualitative agreement with the observations. The L3(a=1/2) component has effectively
no observable oscillator strength (experimentally it is detected through a perturbation
with the F 2A state), while the 0=3/2 component is calculated with an intensity

comparable to the observed KO(0=3/2) and C5(0=3/2) components.
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(c) C6~B24~L5

The rotational structure of the three mixed levels C6~B24~L5 Is Illustrated in
Fig. 8. The notation adopted In the figure is the same as in Dressler and Miescher’s
work, namsely C6 - L5 for the two lower rovibronic level sequences, B24 for the two
intermediate ones and L5 -+ C6 for the two upper ones. The overall agreement
between calculation and experiment is again quite satisfactory. Our calculation
indicates, howsever, that the predominant character of the levels does not correspond
to the notation adopted by Dressler and Miescher14. For low J values our calculation
gives the following energetic order of the levels: C6(=3/2), C6(a=1/2),
B24(0=1/2), L5(=3/2), B24(0=3/2) and L5(n=1/2). This ordering corresponds
to B24 with A = 98 ecm™ and L5 with A = =113 cm™ and is in better
correspondence with the unperturbed spin-orbit coupling constants of the B and L
states (cf. Table () than the notation adopted by Dressler and Miescher. For
example the B23 and B26 lievels, which are not strongly affected by the Rydberg-
valence state interaction (see Fig.4), have observed spin spiittings of 69 and 72
cm™t, respectively, for J=3/2. The effective spin orbit splitting implied by our
calculation s much closer to this vaiue than the splitting implied by the notation of
Dressler and Miescher. The same argument also holds for the inverted L5 level for
which the spin splitting Is expected to be about -80 cm™* to be compared to the spin
splitting value of 11 cm™" implied by Dressier and Miescher's notation and to the
value -113 cm™ implied by our calculated eigenvectors. Similarly, our calculations
indicate that for J>101/2 the ordering of the levels Is best described as i15(0=3/2),
B24(a=1/2), 15(a=1/2), B24(Q=38/2), C6(Q=3/2,0=1/2). This is quite in agreement
with the calculation rep.orted by Lefebvre—-Brion and Field31 in their local perturbation
schemae.

Fig. 9 illustrates the level pattern up to J=171/2. A discrepancy of the order

of 15 cm™ between experiment and theory appears in the lowest level sequence for
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J > 104/2. In spite of a considerabie effort spent in the fitting of the C6~B24~L5
rovibronic level structure it was found that this discrepancy could not be removed
within the present model. We have already seen ( cf. Table VI ) that C6 and B24 are
only poorly reproduced in the **N*30 isotope. Dressier and Miescher have stressed
that the C6~B24~L5 muitistate perturbation (to which the D6 2t* level must be added
which also occurs in this region) represent a particularly fine example of molecular
interactions where Rydberg-valence state couplings, electron spin effects and
molecular rotation combine to yield a complex level structure. A detailed quantitative
understanding of the observations appears particularly desirable in this case. In view
of the present MQDT calculations we may add the following: this example is one of
the rare instances in NO where levels of the B and L valence states happen to fall
virtually on top of each other (cf. Figs.1 and 4) and in addition become coupled
through their interaction with a Rydberg level. it is therefore tempting to seek an
explanation for the discrepancies between experiment and calcuiation which appear at
this point, in the fact that we have not allowed for any direct interaction between B
and L states. Indeed, there is no reason for the vibronic interaction between the two
211 states to vanish exactly, and as we have seen in Sec.|l. 3, off-diagonal spin-orbit

interaction should also contribute to vibronic interactions at large R values.
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(d) Ki~B25

The interaction K1~B25 Is illustrated in fig. 10. As mentioned above, this is
a good example of a pairwise interaction. It has been crucial in the work of Gallusser
and Dressier for the determination of the electronic interaction energy between the K
and B states. in the present treatment, where a single interaction parameter serves
to characterize all Rydberg-valence state perturbations, this exemple furnishes a
test of the correctness of the approach. The agreement between experiment and
theory (see Fig.10) is indeed very good. Fig.10 Indicates that the B25(g=3/2)
component has a very weak intensity in agreement with the finding of Miescher and

coworkers who could not detect this component.

(e) QO~LB

The previous examples concerned perturbations observed by Miescher and
coworkers and already réported in Gallusser and Dressier's work., Fig.11 presents
the L8~Q0 level structure which in part is known through the recent MP| observation
of Cheung et al2’?, The level structure of the pair Q0~L8 is strikingly similar to that of
the CO~B7. L8 Is a key level in the determination of the potential energy curve and
spin orbit constant of the L state since both spin components have been observed.
Gallusser and Dressler predicted term vaiues of 68529 cm™t (J=3/2,0=3/2) and
68614 cm™t (J=1/2,0=1/2) for the L8 level. These two values must be compared to
64604.4 cm™* and 68669. 1 cm™" obtained by Cheung et al. We fit these new levels
quite well since we calculate term values which are respectively 68605.2 cm™" and
68668.0 cm™*. As mentioned above, the difference between the potential energy
curves and interaction energies obtained for the L state in the present work and in
Ref. 10 originates here. The rotational structure is also well reproduced in our work.
Fig. 11 shows that the L8(Q=1/2) component is only weakly perturbed by the QO level

at low J . On the other hand Fig.4 indicates that L8 is shifted by +70 cm™* by
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interaction with more distant levels. inspection of the coefficients of the L8 wave
function reveals indeed that the C7 level Is the most Important Rydberg interaction
partner and therefore that this Is a case of a multistate Iinteraction which Is not
obvious. The weak oscillator strength of the L8 level is also explained since L8 cannot
borrow Intensity from C7 which itself has little oscillator strength. The calculated
intensities of Fig. 11 agree with the fact that only the Q0(9=1/2) component has been

detected in the absorption work.

) L11~Wo0~B34

Fig. 12 illustrates the Interactions L11~W0~B34 . The L11(0=3/2) level is at
present the last observed vibrational level of the L state. In spite of its weak oscillator
strength the Q=3/2 component has already been found by Miescher34, L11 is only
little perturbed by WO Rydberg as Fig.4 shows, and therefore the L potential energy
curve can be determined nearly up to the dissociation limit. The present caliculations
reproduce quite weil the W0-B34 interaction which Gallusser and Dressler had not
accounted for since they excluded the 6pnW Rydberg state from their calculations. In
the lower part of Fig. 12 are also shown the levels L11 and B833. This is the second
instance where the spin components of the B and L states happen to occur at nearly
the same energy ( here B33(q=3/2) and L11(0=3/2)). Again a discrepancy between
observation and calculation appears, which is major in the sense that it is several

times larger than the overall mean deviation.

Finally, Fig. 13 displays the very complex level structure between 71000 and
71600 cm™, i.e., just below the dissociation limit (71658 cm~1). Lagerqvist and
Miescherw, referring to an early remark by Mulliken35, called this the "no-man’s
land" where observed energy leveis can no longer be assigned to predicted electronic

states even In a first approximation. The labels given in the Figure are highly
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approximate for the lowest J values and devoid of any meaning at higher J’s.
Nevertheless the observations In absorption are really quite complete. The caiculated
intensities of Fig. 13 show indeed that owing to the strong interactions the oscillator
strength Iis almost evenly distributed over all J=1/2,0=1/2 levels. This Is also the
region where Gallusser and Dressler's vibronic matrix method ceases to give
quantitative resuits (cf. their Fig.6). Our MQDT approach still does quite well: the
only major discrepancy concerns the levels J > 51/2 of the level sequence which very
approximately may be called B36(a=1/2). Having reached the dissociation limit, we
are now ready to examine the decay processes which take place in the continuous

energy range.

1.3 THE CONTINUOUS RANGE

The study of the continuous range has been undertaken first by Giusti-Suzor
and Jungen9 who used MQDT to study the compstition between vibrational
preionization and electronic predissociation of the I Rydberg levels by the B and L
valence states. These two decay processes occur simultaneously in the spectral
region situated above the dissociation and lonization limits. In Ref.9 the B and L
diabatic potential energy curves, Rydberg-valence interaction energies and quantum
defect were taken directly from the paper of Gallusser and Dressler. In Sec.lll.1 we
have redetermined the diabatic potential energy curves, Rydberg-vaience interaction
energies and quantum defects, and we have obtained silightly different results. It
appears worthwhile at this point to repeat the calculation of the preionization and
predissociation using the new set of MQDT parameters. We use the MQDT approach
developed by Giusti-Suzor and Jungen with the difference that the K(2) matrix is now

‘calculated to second order. However the calculated widths of Rydberg leveis are only



-196-

little changed by this improvement because the most important contribution to the
width comes from the "on the energy shell® Rydberg-valence Iinteraction through the
matrix element Kyy ¢ which Is equal to Vy+, g In second as In first order. Therefore
the present calculations and those of Ref.9 In principle estimate the predissociation
and the preionization widths at the same level of approximation.

Tabie V.H presents decay widths calculated for a number of npm,v levels and
compares them with the values obtained in Ref.9 as well as with experimental values
where these are avallable. We first compare the two sets of calculated values. it is
evident from Table VH that the two calculations lead in some cases to a rather
different resuit. The most extreme case concerns Spw, v=4 where we obtain a width of
40 cm™ whereas Giusti-Suzor and Jungen obtained 1.5 cm—*. The origin of these
discrepancies can be traced to the fact that Gallusser and Dressler did not include in
their calculations the effect of the valence state dissociation continua on the Rydberg
states. As a consequence their 3pnC curve is too low by roughly 30 em™* (cf. the
perturbation shift of the CO level in Ref. 10 and in this work ), and its outer limb is
slightly displaced towards larger R values. The energy of the crossing point between
B and C state curves was determined in Ref. 10 from the C4~B18 interaction which
experimentally is known to be minimal (cf. Fig.4). As a consequence the crossing
energy is the same as in the present work, but the repulsive part of the B state curve
is also shifted to larger R values ( about 0.02 a.u. near the crossing energy ). This
in turn has consequences on the matrix elements Vv+,d in the continuum which are
illustrated by Fig. 14. This figure is analogous to Fig. 5 and displays Vv+,d as function
of the energy for v+ = 1,2,3,4 , calculated with the present B state curve and with
that used by Giusti-Suzor and Jungen. The energies of a few resonances are also
indicated in the Figure. One sees in Fig. 14 that in the case of the 5pmw,v=4
resonance the interaction energy is near a minimum for both B and L state in the

calculation of Giusti-Suzor and Jungen ,whereas it is near a maximum in the present
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calculation. On the other hand, in the case of the 5pm,v=3 resonance, the
interactions are accidentally near a maximum in both calculations and yieid nearly the
same width.

We now compare our calculated widths with the avallable experimental
widths. Miescher and Alberti3® have given estimates of the levels widths based on
their photoabsorption spectra. These authors caution, however, that their values
which are based on the study of photographic plates, represent visual impressions
more than actual measurements. On the other hand, the development of laser
techniques has allowed rotationally selective photoionization spectra of NO to be
recorded. In some cases it has been possible to determine the level widths directly
from the observed line profile. Anezaki et al37 have used a MP! technique and
determined the widths of the npm,v=1 (n=8,9,10) Rydberg resonances. Miller et al38
have combined the techniques of third harmonic generation (THG) and supersonic jet
expansions and have also been able 1o determine the widths of some Rydberg
resonances. All these three type of measurements have been inciuded in Table VIii.
On the whole the present calculated widths agree rather better with the observations
than the values of Glusti-Suzor and Jungen. This is true in particular for the widths
determined by Anezaki et al which no doubt are at present the most reliable
experimental determinations. The resonance positions calculated for these resonan-
ces are also in excellent agreement with the experiment. However, a striking
discrepancy arises in the case of the 5pw,v=4 Rydberg resonance for which Miller et
al give a width of 3 cm™t in agreement with Miescher and Aiberti who reported a
value of 1 cm—*, while the present evaluation gives 40 cm ~*.

The large discrepancy found for the wldih of the 5pm,v=4 resonance Iis
puzzling, mainly in view of the reasonable overall agreement obtained for the other
resonances, and also because the calculated resonance position Is in excellent

agreement with the experimental energy. A possible explanation could be that the
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absorption band assigned by Miescher and Alberti as the S5pw,v=4 resonance has in
reality a different origin. Indeed, as a consequence of the line broadening only a
partial rotational analysis has been carried out which does not permit an
unambiguous assignment of the upper state symmetry. The spectral resolution in the
work of Miller et al is lower, but since their experiment was carried out with a
supersonically cooled jet at 4K, only the J"=1/2,"‘1‘I,_/z ground level of NO is
significantly populated and a simple rotational band structure may be expected. Only
two rotational lines Qz;+Ry 3 (N’=1) and R,y (N’=2) appear in a case(b)e«case(a)
2 «2n transition with J*=1/2 (neglecting A-doubling). Three lines Q11 (N'=0),
Qa21+R14(N'=1) and R, (N‘=2) are expected in a %r 21 transition. The axpected
rotational intensity structure is displayed in Fig. 15 for the two types of transitions.
Also shown are some typical cases of 2¢ «2II and 21 «2I bands observed by Miller
et al. it appears that the band attributed to the S5pr, v=4 resonance does not have the
appearance of an unpérturbed *n «*n band, but could equally well be interpreted as
a *c «’n band. Miescher and’Albertl have based their assignments of broadened
bands in the region of the ionization potential mainly on the use of the Rydberg
formula combined with a careful study of observed vibrational isotopes shifts.
However, a few of the expected Rydberg resonances nlA, v have never been identified,
and among these Is the 5pc,v=4 which has never been found. This lavel might be a
candidate to explain the absorption band at 77850 cm™*. Since a comprehensive
treatment of the predissociated 2c* states of NO has not appeared in print to this
date, It Is not possible to say anything more about this probiem from a theoretical

point of view.
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CONCLUSION

To the author’s knowledge, this work represents the first detailed application
of generalized quantum defect theory to the study of molecular bound states. It has
been possible to obtain a better representétlon of the Rydberg-valence states “n «*n
interactions of NO than has been achleved previously, and in particular the potential
energy curve of the L state has been better characterized on the basis of recent
experimental data. In addition Rydberg-valence interactions in the dissociation and
ionization continua as well as in the discrete range have for the first time been
treated within a unifled framework. Besides attaining an improved representation ailso
of the observed decay widths, new questions concerning nature the of some of the
observed resonances have also been raised. It will be interesting to see in the future
whether the predictions made in the present work turn out to be correct.

A direct application of this work could be the study of the intensity
distribution in the photoelectron spectra obtained from NO using MPI techniques. In
this type of experiment, ionization proceeds through an intermediate state which often
is a Rydberg level with a valence level admixture. Using MQDT one may hope 1o
achleve a quantitative representation of the intensity distributions obtained in the
photoelectron spectra. Generalized QDT could also be applied to study NO in a
matrix. Recently, Chergul et ai39 have observed Rydberg levels of NO in rare gas
matrices. As In the gas phase, the 211 Rydberg states are perturbed by the B and L
valence states, but since the Rydberg states are now shifted to much higher
energies, the vibronic perturbations are different. In this problem the use of
generalized quantum defect theory will have to be extended to the description of
electronic motion because Coulomb fleld is modified by the matrix. It appears also
possible to address problems where only dissociation channeis are involved. Thus

generalized QDT may be used for the treatment of vibrationai and/or electronic of
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predissociation in polyatomic molecules such as, for Instance, H,O. Along the same
lines It appears that generalized QDT could be useful in the study of the

predissociation of Van der Waals complexes.
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Table I

MODT parameters describing the npr Rydberg series, the Rydbexrg-valence

interactions energies and the transition moments

Giusti and Jungen | this work
|
|
+ 1 + + -1,
NO £ we wexe R / a.u. T /cm
e e
2376.46 16.26 2.0092 73537.4
|
1
: + b |
n = 0.75%5 - 0.10 (R-R ) Il n (€,R) = 0.,7297 -~ 00,1405 &
1/2 e | 1/2 + + 2
| —-0.066 (R-R ) + 0.526 (R-R )
a | e e
i - = 00,0004 | n - T = 0.00016
1/2 /2 { 1/2 3/2
|

Rydberg—-valence interaction energies
|

b {
= 0.018 a.u. | vV = 0.0198 a.u.
B a | B
vV = 0.0074 a.u. | vV = 0.,0112 a.u.
L | L
transition moments
a |
D = 1.0%5 a.u. i D = 1.02 a.u.
a { C
D = -0.08 a.u. | = -0,073 - 0.447 (R - R (X)) a.u.
a H e
D = 0.0 a.u. | D =-0.05 a.u.
L | L
|

a after Gallusser and Dressler!0

b after Glusti-Suzor and Jungen9 ( see their paper for details concerning the unites
used)

C Rg(X) = 2.175 Is the equilibrium Internuclear distance of NO ground state
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Table I1

Diabatic potential energy curves of the B and L valence states used in

this work.
B state L state
Te = 44969.0 cm-1 Te = 61136.8 cm-1

R(a.u.) energy(cm=1) A(cm-1) R{a.u.) energy(crm=1) A{cm-1}
2.0836 25544.4 31.0 2.2689 16000.0 -92.0
2.1243 20240.0 31.0 2.3075 9700.0 -92.0
2.1650 16155.0 31.0 2.3413 §790.0 -92.0
2.2193 12430.0 31.0 2.3754 4810.0 -92.0
2.2600 9804.3 31.0 2.4073 3640.0 -82.0
2.3143 6784.7 31.0 2.4402 2640.0 -92.0
2.3686 4470.4 31.0 2.4839 1640.3 -92.0
2.4229 2830.0 31.0 2.5538 699.2 -92.0
2.504% 1209.0 31.0 2.6895 0.0 ~92.0
2.6807 9.0 21.0 2.8524 600.0 -92.0
2.8571 900.0 31.0 2.9881 1790.0 -92.0
2.9929 2445.0 32.5 3.1238 3265.0 -88.0
3.1286 4395.0 42.0 3.2521 4745.0 ~78.0
3.2914 7050.0 59.0 3.3952 6385.0 -57.0
3.4679 10170.0 76.0 3.5221 7775.0 -30.0
3.8750 17085.0 100.0 3.6666 9055.0 -20.0
4.3500 22300.0 106.0 3.9460 10100.0 -15.0
5.1643 25628.8 101.0

6.2500 26480.0 85.0
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Table 111

Ad1abat ic potential energy curves corresponging to the five first states (cf. Fig.2v).
which result from the Rydberg-valence state interactions ( the energies are given in ¢r )

| R a.u. | Curve 1 | Curve 2 | Curve 3 | Curve 4 | Curve 5 |

1.6493 89640.8 101960.0 106431.9 108569.4 109757.9
1.7036 76358.9 . 88598.7 93049.0 95178.2 96362.8
1.7911 67833.8 80008.7 84442.1 86564.7 87746.5
1.7986 61455.8 73570.3 77987.6 80104.4 81283.4
1.8529 56360.4 68410.2 72811.1 74921.9 76098.2
1.8004 53493.9 65492.6 69860.6 71986.7 73160.9
1.9478 51854.8 63805.4 68181.7 70283.7 71456.1
2.0089 $1209.3 63103.0 67466.9 69565.4 70736.6
2.0700 51855.0 63688.3 68032.9 70118.4 71271.6
2.0768 §1991.4 63814.9 68148.8 70205.1 712141
2.0836 §2139.1 63950.6 68260.6 70143.1 70801.7
2.0804 §2297.7 64093.2 68332.9 69642.5 70723.6
2.0971 52466.5 64238.8 68206.1 69150.4 70840.1
2.1039 52645.1 64381.2 67670.7 69061.7 71000.0
2.1107 52831.8 64503.3 66981.8 69172.8 71180.0
2.117% 53028.7 64561.3 66340.9 69340.6 71374.1
2.1243 53233.8 64442.2 65902.2 69533.7 71580.1
2.1311 §3446.6 64051.3 65775.9 69743.1 71796.7
2.1379 53666.6 63500.2 65856.6 69965.2 72023.2
2.1446 53892.9 62910.2 66023.9 70188.2 72288.4
2.1514 54124.6 62329.2 66231.6 70441.1 72504.3
2.1988 55727.1 59246.7 68099.6 72372.6 74441.,2
2.2193 56013.5 58658.8 69026.0 73304.8 78374.0
2.2261 55929.8 58645.5 69346.8 73627.1 75696.7
2.2532 54837.7 59387.1 70683.4 74965.3 77033.8
2.3007 52382.6 61694.2 71641.9 73344.7 77526.9
2.3482 §0224.8 64122.6 67634.9 75936.9 80213.6
2.4025% 48349.2 64742.5 67746.4 79164.1 83439.9
2.4975 4627S.4 62543.5 73401.7 84981.1 89258.3
2,5993 45190.4 61464.4 79655.5 91222.3 95496.4
2.6807 44970.1 §1146.1 84452.8 96020.2 100294 .4
2.7011 44987.3 61134.6 88574.9 97143.9 101418.6
2.8029 45429.3 61428.6 80731.3 102316.7 106595.9
2.9996 47504.6 63045.5 98881.2 - -

3.2032 50%546.3 65315.9 105567.0 - -

3.4000 53922.1 67576.4 - - -

3.5968 57455.3 69635.6 - - -

3.8004 60912.3 70858.7 - - -

3.9971 63722.2 71331.0 - - -

4.2007 65979.9 71534.4 - - -

4.3975 67621.6 71607.2 - - -

4.6011 68854.9 71636.7 - - -

4.7979 €69687.4 71648.1 - - -

5.0014 70270.7 71653.2 - - -

5.5036 7105%2.6 716%6.5 - - -

5.9989 71366.1 71656.9 - - -
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Table IV

, 30 4
Comparison between Bethke s experimental oscillator strengths (x10 )

and those fitted in this work

level Bethke this work
B2 0.0155 0.023
B3 0.0461 0.058
B4 0.138 0.138
BS 0.264 0.259
B6 0.462 0.458
B7+CO 24.9 20.8
B9 3.58 3.46
B1O+Cl 57.8 57.8
Bil 3.62 4.56
Bl1l2 23.1 29.7
Cc2 27.4 28.3

Bl4 2.0 2.7
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Table Vv
2 2 14 16
ang levels of N O
“:/2 .“;/2
tevel obs. obs. cale. calc. obs~calc|obs~calc
Je1/2 Je3/2 Je1/2 J=3/2 Je1/2 J=3/2
80 45485.7 45489.1 45485.8 45489.0 -0.1 0.1
8O - 45518.1 - 45518.0 - 0.1
81 46507.7 46511.0 46508.5 46511.7 -0.8 =0.7
81 - 46540.9 - 46540.8 - 0.1
82 47515.5 47518.8 47517.3 47520.4 -1.8 -1.6
82 - 47550.5 - 47549.8 - 0.7
83 48%09.6 48512.8 48509.¢ 48513.0 -0.3 =-0.2
B3 - } 48545.3 - 48543.3 - 2.0
84 49484.0 49487.2 49487.8 49490.9 ~5.8 ~3.7
84 - 49516.0 - 49522.6 - ~5.€
B85 50482.6 50485.6 50452.€ 504z8.7 0.0 -0.1
BS - 50492.5 - 50489.3 - 3.2
B6 51406.4 51409.7 5140L.5 51408.5 0.9 1.2
86 - £144§.1 - 51444.2 - 3.9
BY 52346.0 52349.3 52345.7 §2345.7 0.3 0.6
2
co 52372.6 52380.3 52372.4 52379.8 0.2 0.8
co - §2373.3 - §2373.0 - 0.3
B7 - §2391.1 - §2389.8 - 1.3
B8 53273.5 53276.6 53272.9 §53276.8 -0.4 =-0.2
88 - - - 53316.8 - -
89 54183.4 54186.7 54185.2 54188.1 ~-1.8 -~1.4
B9 - 54229.8 - 54229.9 - ~0.1
c1 - 54692.6 - 54705.2 - -12.6
1 - 54699.1 34702.5 54712.1 - -13.0
810 §5080.5 55093.7 £5091.3 55094.2 -0.8 -0.5%
810 - £5138.3 - - 55137.7 - 0.¢
B11 55960.3 £5963.4 §5962.5 5598€5.4 -2.2 -2.C
B811 - 56009.2 ~ 56010.8 - -1.3
812 56739.¢ 56743.4 5674%.0 56746.4 -5.6 ~5.0
612 - 56774.6 - 56780.4 - -5.8
c2 57069.1 57073.4 87065.9 57070.0 3.2 3.4
] - 57096.8 - 57092.3 - 4.%
813 - - 57744.3% §7747.2 - -
B13 - - - 57794.6 - -
B14 58539.0 58542.4 58539.2 5§542.2 -0.2 0.2
814 - 58590.4 - 58589.9 - 0.6
C3 - 59212.0 §9201.9 §9205.6 - 6.4
c3 - 59242.8 - §9237.1 - 5.7
815 59644.7 §9648.4 §9646.2 59649.8 -1.5 ~1.4
B1% - 59685.7 - 59686.2 - ~0.5
816 60313.2 60316.5 60318.7 60321.6 ~-5.8 -5.1
B16 - 60370.8 - 60374.3 - -3.5
817 61074.9 61077.8 61079.4 6§1082.2 -4.5% -4.7

817 - - - 61138.6 - -
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Lo - - - §1530.2 - -
LO - - 61621.1 61624.% - -
ca - 61725.2 61717.6 61721.4 - 3.8
ca - 61735.2 - 61730.1 - 5.1
818 61862.5 61865.5 61861.6 61864.5 0.9 1.0
B18 - 61920. 4 - 61919.9 - 0.5
(W] - - - 62479.5 - -
L1 62570.0 62573, 4 62570.2 §2573.59 -0.2 -0.1
g19 - 62592.5 62590.9 $2593.5 - -1.0
819 - 62653.3 - 62654.3 - -1.0
820  63204.2 63296.9 63295.2 63267.9 -1.0 -1.0
820 - - - 63355.8 - -
L2 - - - 63398.7 - -
L2 63490.0 63493, 4 £3486.5 §3491.7 1.5 1.1
C5  63825.5 63829.6 63827.8 63831.7 -2.3 -2.1
cs - 63859.0 - 63860.3 - -1.3
B21  64162.9 66166.6 64163.6 64167.2 -0.7 ~0.6
821 - 64205.7 - 64202.6 - 3.1
KO 64289.2 6429%.7 64290.2 §4293.3 1.0 0.4
X0 - 64306.0 - $6300.4 - 5.8
L3 - 64312.9 - " §4314.2 - -1.3
L3 6439C.0 64393.2 £4392.4 64395.5 -2.4 -2.3
B22  64800.2 64803.0 64803.7 64606.3 -1.5 -3.3
822 - 64869. 4 - 64871.1 - -1.7
L4 - - - ££179.0 - -
L& 65266.7 65271.9 65265.1 65266.2 3.6 3.7
823 65447.4 65449.9 £5447.3 65449.8 0.1 0.1
823 - §5515.7 - 65516.7 - 2.0
c6 - 65925.6 - 65927.5 - -1.7
C6  65940.6 65945.2 £5939.2 659441 1.4 1.1
824  66101.0 66103. € 66105.1 66107.1 -4 -3.4
L5 - 66115.6 - 66111.0 - -4, 6
B26 - 66207.€ - 66207.0 - 0.6
L5 £6214.5 66216.5 66210.6 66215.9 3.7 2.6
X0 66593.5 56596. 1 66595.8 66559. 8 -2.0 -1.7
X0 - 66620.7 - 66622.7 - ~2.0
825  656791.5 66795.0 §6792.9 66796.2 -3.1 -3.2
825 - - - 66852.2 - -
s}
L6 - 66901.0 - 66906. 1 - -5.1
L6 - - 66966.0 66989.0 - -
b i)

B26  67326.0 67328.5 67324. 4 67326.7 1.6 1.8
826 - §7401.0 - §7400.% - 0.7
L7 - - - 67700.4 - -
L7 67770.0 67773 .1 67772.7 67775.8 -2.7 ~2.7
827 - -, 678713 $7673.5 - -
B27 - 67951.7 - 67946.1 - 5.6
7 - - 68286. 1 68286.3 - -
c7 - - - 68292.8 - -
828 68427.8 68430.%5 £§8427.1 68429.8 0.5 Q.7
828 - 68481.6 - 68482.% - -0.7

C
L8 - £8604.6 - 68605.2 - -0.6
00 68646.0 68650. 5 68644.2 68649.2 1.8 1.3

<



Q0
L8

829
829

K2
K2

L9
L9

830
830

831
831

L10
L0

832
832

cs
cs

833
833

tn
tn

834
£34

01
N

B35
83¢%
L12

K3

L12
X3

836
B3€

B37
837

838
L13

[«
68669.2

68907.5

69019.3

b
69361.0

<
69390.3

69782.0

<
70391.7

C
70567.6

7074€.5

[
70833.1

71002.8

71086.5

71211.0

71303.5

71431.8
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€8669.0 -
<
68675.0 68665.0

68910.3 68905.1
68965.7 -

69024.0 69025.9
69047.4 -

- 69358.2

c
69392.6c 69394.2
69460.4 -

69784.8 69781.8
69864.0 -

- 70084.6

- 70145.4

C

70395.1 70395.8
<

70434.7 -

<

70870.3 70570.3
c

70629.1 -

.

c.d
70680.7 -
- 7073

>

w

a

70749.6 70741.4
9

707585.5% -

C

70835.3 7082%.5
c

70805.9 -

[¢]

71006.7 70997.9
<

71029.6 -

d

71089.7 71085.8
[~

71148.0 -

c
71214.6 71212.8

- 71248.4

d
71305.8 71304.6

d
71433.7 71430.8

- 71535.6

68666.%
68673.3

68907.8
68963.1

68030.6
69052.9

69311.9
69360.5

69396.7
69458.7

69783.7
69864.8

70030.0
70087.2

70147.4
702186.7

70399.0
70441.8

70573.0
70637.9

70681.¢
70735.6

70748 .4
707541

70825.9
70897.9

71001.€
71027.4

71088.8
71149.9

71199.9
71216.2

71250.2
71260.4

71307.4
71378.6

71432.2
71516.4

71836.¢9
71549.¢€

2.5
2.6

-6.6
-5.5

-4.2
1.7

0.4
-0.8

=3.9
=7.1

2.7
~8.9

6.2
1.4

9.6
§.0

8.1
2.2

0.9
-1.9

=1.6

The observed energy are taken from:

no indication :

a

b
o
d

Miescher ang coworkers

: Amiot and Verges
: Ebata et al

27
: Cheung et al

11,12.13.14

34

: Miescher unpublished results

¢ this value is not observed but ceterrined frow
the B value reported by the authors.
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Table VI
2‘(( 21\" ltevels of 15N 160 o MN 180 isot
ang eveis o an sotopes
1/2 372
15 16 14 18
N OO N
level obs. ons. calc. caic. obs-caic obs. obs. calc. calc. obs-calc
J=1/2 J=3/2 J=1/2 Je3/2  |J4=1/2 J=3/2 J=1/2 J=3/2 J=1/2 J=3/2 Je1/2  J=3/2
80 - - 45493.8  45497.0 - - - - 45497.2  45500.3 - -
80 - - - 45526.0 - - - - - 45529.3 - -
81 - - 46498.5  46501.6 - - - - 46493.4  46496.4 - -
81 - - - 46530.7 - - - - - 46526.6 - -
B2 - - 47489.7  47492.8 - - - - 47476.4  47479.4 - -
82 - - - 47522.2 - - - - - 47508.8 -
83 - - 48465.4  48465.4 - - - - 48444.0  48447.0 - -
83 - - - 48496.6 - - - - - 48477.3 - -
84 - - 49426.7  49429.7 - - - - 49397.6  49400.6 - -
84 - - - 49461.3 - - - - - 49432.2 - -
85 - - 50375.4  50378.4 - - - - 50338.7 50341.6 - -
85 - - - 50411.8 - - - - - 50375.0 - -
86 - - §1312.5 51315.4 - - - - 51265.4  51271.3 - -
86 - - - 51350.9 - - - - - 51306.6 - -
87 - - 52235.0  52240.9 - - - - 52186.7  52189.% - -
87 - - - 52275.4 - - - - - 52227.8 - -
co - - 52367.5  52375.2 - - - - 52365.4  52373.8 - -
co - - - 52368.7 - - - - - 52367.2 - -
88 - - 53151.1  53154.0 - - - - $3092.¢  53095.7 - -
88 - - - 53193.€ - - - - - 53135.3 - -
82 - - 54049.1  $4051.9 - - - - 53984.5  53987.3 - -
89 - - - 54093.5 - - - - - 54026.8 - -
o - - 54655.4  54663.3 - - 54623.4  54620.3 54633.1 54635.6 -9.2 ~5.%
a1 - - - 54656.4 - - - - - 54642.1 - -
610 - - 54941.9  54944.8 - - - - 54871.6  54876.4 - -
810 - - - 54985.9 - - - - - 54916.8 - -
811 85796.7 55801.6  55800.9 58803.7 -2.2 -2.1 §5722.2  55725.0  55724.3  55727.1 ~2.1 -2.3
811 - - - 558456.6 - - - - - 95772.0 - -
812 - 56585.2 56596.9  56600.0 - -4.8 - - 56523.9  56527.0 - -
B12 - - - 56636.0 - - - - - 56565.4 - -
c2 - - 56935.5  56942.5 - - 56883.8 56888.0 56881.7 56885.8 2.1 2.2
c2 - 5£963.6 - 56956.1 - 5.6 - - - 56901.2 - -
813 - - §7556.6  57559.5 - - - - 57468.1  57470.9 - -
813 - - - 57605.9 - - - - - 57517.2 - -
814 58340.9 58343.8 58341.5 58344.7 -0.9 -0.9 58247.2 58250.0 5B248.4  58281.2 -1.2 -1.2
814 - - - 58392.0 - - - - - 58296.8 - -
c3 59021.1  59024.6 59015.9  59019.4 5.2 5.2 58931.9  58935.3 58927.2 58830.6 4.7 4.7
c3 - 59059.1 - 55051.5 - 7.6 - - - 58964.8 - -
B15 59455.6  59459.6  59456.3 59459.9 -0.7 -0.3 59367.5 59371.4 59367.4 59371.0 0.1 0.4
B15 - - - 59492.6 - - - - - 59403.5 - -
816 - - 60099.6 60102.5 - - - - 59996.1  £9998.9 - -
B16 - - - 60153.8 - - - - - 60049.9 - -
817 - - 60846.9  60849.6 - - = - 60736.6 60739.4 - -
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Ca

Lo

Lo
ca

816
B18

819
B19

L
L1

820
820

L2
L2

Cs
cs

B21
B21

L3
KO

KO
L3

B22
822

823
Lé

824

Lé
L6

B26
826

B27
L7

L7
827

c7
c7

828
B28

L8
L8

61528.6

61665.0

63046.5

63591.0

63927.0

64267.0

65184.0

65218.5

66105.2

66407.5

66642.0

68208.0

61532.4

61857 .1

61705.0

63049.3+
63105.5

63596.5*
63621.0

63930.3*
63971.0

64274, 41

64267.0

65186.5°

65221,
65255.0

o,

66C30.2
66108.6

66410.5
664€5.0

66648.0*
66662.0

66808.0

68211.01
68263.0

61528.3

61629.8

61659.2

£2348.1

62562.4

63046.6

63463.8

63589.5

63933.1

64264.4

64351.4

64552.1

65182.4

65217.4

65733.5

65660.4

66100.3

66410.1

66645,2

66899.1

67067.3

67598.4

67675.8

68030.8

68201.7

68531.7

6090¢%.0

61531.9
61539.0

61633.0
61549.5

61662.7
61704.8

62351.9
62410.6

62471.9
62565.6

63049.3
63107.2

63374.0
63467.0

63593.1
63621.1

63936.3
63981.9

64267.6
64267.5

64273.5
64354.4

64554.7
64617.3

65185.0
65121.8

65220.2
65261.2

65735.4
65741.8

65863.4
65914.2

66027.4
66103.5

66412.9
66466.7

66649.7
66671.5

66816.6
66902.1

6§7069.7
67140.4

67601.4

67567.8

67678.5
67689.6

68033.6
68041.6

68204.5
68260.1

68471.3
68534.6
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0.3

1.8

-6.1

0.5

3.4
=-0.1

6.0
-10.9

61425.8

61583.0

63504.0

63648.5

64257.0

65064.0

65188.0

65653.0

65729.0

66064.6

6€292.0

6€594.0

66975.0

68099.5

61429.3

61456.0

61617.0

68851.6°
63897.5

64264 .23

64257.0

65066.4°
65100.0

65191.3

65656.07
65683.0

6§1734,2¢
65751.0

65983.5
66067.7

66294.5»
66356.0

66600.0*
66608.0

66765.0

68102.5*

61425.5

61573.8

€1633.5

62233.8

62658.3

62930.1

63447.9

63480.8

63816.1

64252.9

64332.1

64436.2

65184.0

65€33.1

66060. 1

66296.6

6659€.5

66856.9

66947.7

67475.9

67616.5

67911.7

68080.4

68470.0

60794.¢

61429.0
§1542.5

61577.6
61457.3

61636.7
61612.3

62236.3
62296.0

62467.4
62561.4

62931.7
62989.9

63362.0
63451.1

63484.2
63510.6

63821.4
63867.1

64242.0
64256.5

64264.1
64335.1

64439.0
64498.5

65068. 1
§5092.5

65187.0
65140.7

65636.0
65646.4

65739.4
65790.6

65981.6
66063.2

66299.4
66361.6

66600.8
66616.8

66777.1
66859.7

66950.1
67017.9

67478.2
67517.6

67619.5
67581.7

67914.3
67924.0

68093.1
68148.7

68410.9
68472.8

19.9

32.2
0.4

~-1.8
7.8

4.3

20.0
36.6

-5.2
-39.6

1.8
4.5

~4.9
-5.6

-0.8
-8.8

-12.1



-213-

Q0 68612.6 68617.8% 68611.1 68614.8 1.5 3.0 68547.7  68551.0* 68543.2 68545.9 4.8 5.1
Q0 - 68655.6 - 68631.9 - 23.7 - 68595.7 - 68993.8 - 1.9
829 - - 68704.0  68707.% - - 68659.5 68665.5 68657.8 68662.5 1.7 2.5
B29 - - - 68761.5 - - - - - 68682.2 - -
K2 68918.4  68925.2* 68922.9 68927.1 -4.5 ~1.9 68870.7 68877.5* 68874.1 68877.9 ~3.4 -0.4
K2 - 68931.0 - 68934.5 - -3.5 - 68883.7 - 68887.1 - ~3.4
830 - - 69146.7 69146.8 - - 69042.2 69044.6* 69042.3 69044.6 ~-0.1 0.0
L9 - - - 69186.5 - - - - - 69106.8 - -
L9 - - €9266.2  69268.8 - - - - 69209.1 69211.7° - -
830 - - - 69240.3 - - - - - £69155.5 - -
831 - - 69564.9  69566.8 - - - - 69459.1  69461.0 - -
831 - - - 69645.1 - - - - - 69537.7 - -
L10 - - - 69%01.3 - - - - - 69823.2 - -
832 - - 69808.5  69911.8 - - - - 69799.0 69801.3 - -
Lo - - 69983.4  69985.8 - - - - 69919.7  68%22.1 - -
832 - - - 69996.9 - - - - - 69901.8 - -
c8 - - 70140.0  70143.5 - - - - 70021.5  70024.7 - -
cs - - - 70181.2 - - - - - 70063.0 - -
833 - - 70369.1 70371.2 - - - - 70274 .1 70276.1 - -
833 - - - 70448.2 - - - - - 70385.6 - -
L - - - 70572.7 - - - - - 70519.6 - -
LN - - 70626.5  70628.9 - - - - 70569.8 70571.7 - -
B34 70658.%  70660.6* 70647.1 70648.0 11.4  11.6 - - 70574.5  70876.9 - -
B34 - - - 70715.3 - - - - - 70651.5 - -
w0 70751.4  70757.8* 70749.6  70754.6 1.8 3.2 70741.5  70747.1* 7074G.1  T0745.9 1.4 3.2
w0 - - - 70770.9 - - - - - 70752.2 - -
835 - - 70896.1 70898.7 - - - - 70836.3 70836.6 - -
B3% - - - 70947.8 - - - - - 70898.7 - -
Q1 - - 70996.0  71000.2 - - - - 70959.4  70964.3 - -
[sh} - - - 71035.9 - - - - - 70991.0 - -
K3 71089.5  71094.7% 71092.9 71087.7 -3.4 -3.0 71030.5  71035.7+ 71037.7 71041.3 -7.2 -5.4
L2 - - - 7110€.9 - - - - - 71053.7 - -
K3 - - - 71137.8 - - - - - 71084.4 - -
L12 - - 71160.9  71163.1 - - - - 71116.6 T1116.€ - -
B36 71190.0  71192.1* 71192.9 71185  -2.8 -3.4 71137.9 7114D.G*' T1135.9  711356.4 2.0 1.6
B36 - - - 71269.4 - - - - - 71211.8 - -
B37 713456.6  71349.8* 71349.9 71351.2 -1.&  -1.4 - - T1304.3  7130%.7 - -
11.12.13,.14
The observeg energy levels are taken frow Miescher and coworkers :
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TABLE VII

Comparigon between experimental and theoretical autoionization and
2

Predigsociation widths of some I Rydberg levels

1/2
—l, —4
level energy in cm width in om open
-— calc,—-
obs, calc. obs. reé.s this &ork channels
B and L
6pr,v = 1 73096.0 73106.7 = 6,0 15.0 4,2
9pmw,v = 0 73108.0 73119.5 very diffuse 5,5 8.2
5prm,v = 2 73313.0  73326.2 8.0 12.0 2.2
7pr,v = 1 74268.0 74276.1 = 2.0 12.0 7.6
a a B and L
8pr,v = 1 74987.9  74993.0 3.9 7.0 4.9 V=0
6pT,v = 2 75400.0 75412.3 very diffuse 2.9 5.8
9prr,v = 1 75463.9a 75465.8 3.0a 5.4 1.8
5prr,v = 3 75620.0 75614.8 10.0 < [ < 30.0 27.0 20.5
10pmr,v = 1 75790.7a 75792.0 2.7a 1.1 2,0
7pT,v = 2 76600.0  76580.0 - 2.1 2.5
b B and L
8pr,v = 2 77290.0  77300.8 4.0 <r 8.0 1.7 6.3 V=0, 1
6pr,v = 3 77690.0  77698.0 4.ob 12.7 7.5
9pr,v = 2 77752.0  77775.5 3.0 <"« s.ob 1.7 6.0
5pr,v = 4 77850,0 77857.5 3.0b 1.5 40.0
10pr,v = 2  78090.0 78102.2 - 0.9 3.1
Tprw,v = 3 78850.0 78864,8 very diffuse 7.0 2.3
The observed width values are taken from:
- no indication: Miescher and Alberti3¢ (photoabsorption)
- a . Anezaki et al37 (MP! spectra) .
- b : Miller ot aI38 (THG spectra). The widths reported here are

estimated (Chupka, private communication) .
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Figure Captions

Fig. 1: Schematic lllustration of the Rydberg-valence state interactions in NO.
Electronic continua are Indicated by vertical hatching. Selected Rydberg levels are
Indicated beiow the vibrational lonization limit witi’a which they are associated.
Dissoclation continua are indicated by oblique hatching. The vibrational valence
levels are Indicated below the dissocliation limit with which they are associated. Small
(large) black double—head arrows indicate Interactions between lonization c¢hannels (
lonization and dlissocliation channels ), respectively. Open arrows indicate
prelonization or the predlissociation processes. The thickness of each arrow indicates

the branching ratio.

Fig. 2: a) Diabatic potential energy curves of the n = 3,4,5,6 Rydberg and B and L
valence states determined In this work. Upper inset: spin orbit constants of the B
and L valence states. Lower inset: R dependence of the Rydberg-valence state
interactions. Multiplication of this function by Vg (V) vyleids Rydberg-B (- )
interaction energy, respectively.

b) Corresponding adiabatic potential energy curves.

Fig3: Graphical solutions of Eg. 22 in the case of a single perturbing vaience state.
a) Vanishing Rydberg-valence state interaction, R=2.23 a.u.
b) and c¢) Rydberg-valence state interaction included: b) R=2.23 a.u.
c) R=2.68 a.u.

(see text for details)
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Fig. 4: Perturbation shifts of Rydberg and valence 2 |avels (see text for details ).

The full (dashed) lines connect the experimental (calculated) points, respectively.

Fig5: Variation with energy of the Rydberg-B valence interaction matrix element
Vv.,.'B(E) defined by Eq.6a for v+ = 0 and v+ = 1. Vertical arrows indicate the

position of the CO and C1 Rydberg levels.

Fig. 6: right: Rovibronic levels in the region of the B7-CO Interaction plotted
versus J(J+1)
- Open circles correspond to the data from Miescher and
coworkers.
~ Full lines correspond to the present caliculation

left: Calculated band osclilator strength distribution (J=3/2).

Fig. 7. Rovibronic levels in the region of the C5-B21-K0-L3 interaction (cf. caption

for Flg. 6).

Fig. 8. Rovibronic levels in the region of the C6-B24-L5 interaction (cf. caption for

Fig. 6).

Fig. 9: Rovibronic leveis in the region of the C6-B24~L5 interaction up to J=171/2.

Flg. 10: Rovibronic levels in the region of the K1-B25 interaction (cf. caption for

Fig. 6) .
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Fig11: Rovibronic in the region of the QO0-L8 Iinteraction,
Open circles (squares) correspond to data from Mlescher and coworkers

and from W.Y.Cheung et al, respectively.

Fig. 12 : Rovibronic Isvels in the region of the L11-W0-B34 interaction (cf. caption

for Fig.6 and Fig.11.

Fig. 13: Rovibronic leveis in the region below the dissociation limit N 2D + O 3P (cf.

caption for Fig.6 and Fig.11.

Fig. 14: Variation with energy of the Rydberg-valence interaction matrix selement

Vv+,d(E) (Eq.6a) for v+ = 1,2,8,4.

— this work for d = B
this work for d = L
Giusti and Jungen for d = B

...... Giusti and Jungen for d = L

The vertical arrows indicate the energies of some Rydberg levels

Fig15: bottom: Calculated rotational structure of Hund case(b)«case(a)
28 « 210 and 21 « 20 bands at 4 K.
middie: Obsetved rotational bands structure ( after Fig.1 of Ref.38 )

The rotational branches are indicated at the top.
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Dans cet annexe sont présentées, sous forme de figures, les
structures rotationnelles de tous les niveaux de Rydberg calculés

dans ce travail qui n"ont pas fait 17objet d?un commentaire dans

lrarticle.
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VI CONCLUSION

Les guelques exemples traités dans cette thése montrent que
nous disposaons avec la MRDT d’un outil trés puissant pour 1’ étude
de la spectroscopie et de la dynamique des états de Rydberg des
molécules diatomigues. A ma connaissance, la guasi-totalité des
travaux en physigue moléculaire , mettant en jeu des processus
d? autoionisation ou de prédissociation, ont été entrepris dans le
cadre de cette théorie. Ceci est di, je pense, au choix de des—
criptions distinctes pour la physigue & courte et & longue
distance. La M@DT a donné une fois pour toutes, dans un cadre
somme toute assez simple, un traitement des voies de fragmenta-—
tion . Celui-ci est commun a toutes les applications. Ce faisant,
plle clarifie la situation dans le sens qu’elle permet de concen-—
trer notre attention sur 17 aspect le plus difficile du probleéme,
c'est & dire la description de la physigue a courte distance, sa-
chant gue nous pouvons immédiatement la connecter a ce gui se
passe a longue distance. La MGDT est trés semblable, dans cette
démarche, a la théorie des moments tranférés de Fano et Dill:
elle fournit un cadre général de traitement, gue chacun peut
adapter & ses besoins spécifigues. 0On a souvent reproché & la
MEDT d’8tre une approche empirigue, je crois gue ce n‘est pas
justifié. BRien sir les premiers exemples traités 1"ont &té dans
une approche semi-empirigue, mais c’est yout simplément parce gue
les techniques ab—initio n’étaient pas alors suffisament dévelop—
pées pour fournir a la MEDT des défauts guantiques assez Pprécis,

permettant un bon accord avec 1l expérience. Les défauts guanti-
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ques ou les phases de fonctions d°onde du continuum , les é1é-
ments de matrice de changement de repére ou encore les moments de
transiton, ne sont pas nécessairement des parameétres empiriques .
Au éontraire, la MEDT a su dégager des guantités et des concepts
qui permettent une meilleure comprehension de la physique molé—
culaire . @(ui plus est, ces quantités peuvent Stre calculées ab-
initio comme nous 1% avons prouvé dans notre travail sur N2, ainsi
que B.Leyh, B.Raseev lors de leur é¢tude de CO. On ne peut pas re—
procher & la MEDT de savoir reconnaitre 17information 14 ot elle
se trouve, m@me si celle-ci est souvent contenue dans les spec-
tres discrets, gr8ce aux nombreuses études spectroscopiques
antérieures. C’est tout a 17avantage de la MEDT d’avoir mis en
évidence que les perturbations dans les spectres discrets st les
processus dynamiques tels que 1%autcionisation et la prédissocia-
tion ne sont gue des manifestations des mEmes interactions intra-—
mol éculaires.

La MEDT nest pas une théorie figée, elle est en continuelle
évolution depuis les travaux pionniers de Seaton et de Fano. Par
exemple 1’introduction par A.Giusti d’une variante “perturbative®
en deux étapes a permis pour la premiére fois dYintroduire des
voies de dissociation ocuvertes dans le traitement MG@DT, ainsi que
notre étude de 17autoionisation électronique dans N2 et des in-—
teractions Rydberg-valence dans NO. Citons aussi le +travail de
Ch.Jungen sur la prédissociation vibrationnelle et rotationnelle
dans H2 qui représente 4 mon sens 1°une des plus belles applica-
tions de la MADT car elle correspond tout a fait & 17image simple

des processus dYautoionisation et de prédissocation en terme
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d’une collision électron—ion. En effet, & 1’aide de deux défauts
quantigues seulement gui décrivent cette collision ( compléte
bien sir par les deux termes sources gue constituent les moments
de transition) gui décrivent cette collision, il a pu traiter la
compétition entre 1%autoionisation gt la prédissociation vibra-
tionnelles et rotationnelles dans HE' Cette application #tait
d un point de vue conceptuel trés complexe du fait que la voies de
dissociation était aussi une voie d’ionisation, ce qui rendait
inapplicable la méthode & deux étapes de A.Biusti. Cette
derniére, en collaboration avec P.Zoller et Ch.Jungen, est en
train détendre la MGEDT pour inclure les effets du champ laser
détectés lors des expériences d’ionisation multiphotonigue en
champ fort. I1 faut aussi mentionner le travail de C.Greene et
Ch.Jungen sur la prise en compte de la variation en énergie des
défauts gquantiques. 0On peut remarqguer que les résonances de forme
n‘ont jamais été étudidées dans le cadre de la MapT, tout simple—
ment parce gu’elles correspondent A de fortes variations avec
1*énergie de la phase de la fonction d’onde du continuum , con—
traires a l’esprit originel de la MGDT. Celles—ci ont été repro-
duites par des calculs ab-initio. La méthode développée par
C.Greene et Ch.Jungen permet maintenant de tenir compte de ces
tras fortes variations avec 17énergie, elle fournit une descrip-
tion plus juste dé la répartition de 17 énergie totale entre 17é-
lectron excité et le mouvement de vibration des noyaux. NMNous
pensons, G.Raseev et moi-mEme, que cette méthode nous permettra
d’obtenir une meilleure description de la variation avec 17éner-—

gie de la distribution angulaire des photoélectrons dans H,. En

-
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effet, il csemble que cette variation est due é l*autoionisation
electronique des états diexcités dE‘HZ. Celle-ci induit de tres
fortes variations de la phase des fonctions d°onde de 17é&lectron
du continuum, gui correspondent & une augmentation de l17anisotro~-
pie du champ moléculaire se traduisant par une plus grande dévia-
tion du paramétre d’asymétrie de la valeur 2. Enfin une contribu-
tion treés importante pour les développements futurs de la MRDT a
étd sa généralisation » Proposée par Greens, Rau et Fano, & des
champs asymptotiques'autres gue le champ de Coulomb que j*ai uti-
lisée pour traiter les interactions Rydberg-valence dans NO. Cet-
te généralisation va permetire d’étendre le domaine d*application
de la MADT & des problémes tras variés faisant intervenir la per—
turbation ou le départ d?une particule par un ou d*un systame de
particules.

De nombreuses applications de la M@DT généralisée peuvent
Etre envisagées. Par exemple, 17étude des états de Rydberg des
molécules diatomigues pidgées dans des matrices de gaz rares, on
17électron de Rydberg, outre le champ coulombien du cosur, res-—-
sent les effets perturbateurs de son environnement. Il suffirait
donc de trouver une bonne représentation du champ auquel est spu-—
mis 17électron de Rydberg dans la matrice pour entreprendre une
gtude MRDT. Ceci est tout a fait possible, M.Chergui et collabo-
rateurs ont déja mis en évidence 17existence d°états de Rydberg
de NO en matrice, et ont observé les mE&mes pertubations Rydberg-
valence gu’en phase gazeuse, avec bien sir un déplacement en
énergie. Qui plus est, M.Chergui a réussi a défimir un champ a

longue distance susceptible de convenir a une premiere dtude MADT
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en matrice. Dans le m@me ordre d*idée, on pourrait aussi étudier
les états de Rydberg de mol écules adsorbées sur les surfaces. La
encore il faudrait pouvaoir transcrire 1’effet perturbateur de la
surface en terme d’un champ non Coulombien a longue portée augquel
est spumis 1°électron de Rydberg.

Ces deux premiers exemples concernent la perturbation d’uﬁ
dlectron de Rydberg par un nouvel environnement, mais on peut
aussi envisager d7étudier le cas ot la particule perturbée est un
atome, cas déja fraité pour des moiécules diatomigues gque 17on
gtendarait aux molécules polyatomi ques. Cette extension s’atta-
cherait d”abord a décrire la prédissociation des molécules polya-
tomigques gqui me semble pour 1e moment plus accessible gue 17ioni-
sation , contrairement au cas des molécules diatomigues. Dans un
premier temps, pour simplifier encore le probléme, la prédisso—
ciation vibrationnelle des complexes de Van der Waals, du type
atome—diatome sera étudiée. Cet exemple est plus simple que le
cas dfune molécule triatomigue telle gue HZD par exemple, car se
sont des molécules tres peau rigides. Ceci est trés important d7un
point de vue théorigue, notamment au niveau de la prise en compte
du mode de cisaillement du complexe. En fait il existe déja un
méthode thénrique développée par Shapiro et collaborateurs ,
elle aussi basée sur la théorie des cpoliisions, capable de rendra
compte des processus de prédissociation et mEme de déterminer des
stats discrets. Cette méthode utilise comme base, Eelle des voies
de fragmentation atome plus diatome, le mouvement de cisaillement
étant alors pris en compte par les différentes fonctions d® onde

du rotatsur rigide que constitue le diatome. On comprend donc
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mieux maintenant pourguoi cette base est bien mieux adaptée au
cas des molécules peu rigides, car il suffit alors de quel gues
fonctions d’onde de rotation du diatome pour décrire le mode de
cigsaillement. Par contre, lorsque la molécule devient beaucoup
plus rigide, comme HEDApar exemple, cette base est bien moins
adaptée car il faut alors prendre une base de fonctions rotation—
nelles beaucoup plus dtendus. On arrive trés vite & une matrice K
de collision de taille considérable et donc techniguement beau-
coup plus difficile & calculer. Certes, Shapiro et Ralint Kurti
ont réussi A traiter le cas de HZD’ mais a ma connaissance cela
est resté un cas isolé du fait de la taille des matrices mises en
jeu. Cest pourquoi, dans une premiéare étape, nous gssayerons
d*étendre la MEDT & 1%étude de la prédissociation des complexes
de Van der Waals, toujours dans la base des voies de fragmenta-
tion gui ne devrait pas Etre trop dtendue paur prouver la faisa—
bilité de la MEDT généralisée. Puis dans une deuxiéme étape, nous
essayerons d’introduire la concept de changement de représenta-
tion gqui s’est révélé si puissant dans le cadre des mol écules
diatomiques, non plus au niveau du mouvement des électrons, mais
au niveau du mouvement de vibration des noyaux. En effet il me
semble paradoxal de devpir prendre des matrices K de tras grande
dimension pour décrire le mouvement de vibration gui peut 17 8tre
a laide de trois coordonnées normales seulement, dans le cas
atome—diatome. Il me parait donc treés intéressant d’explaorer cet-
te possibilité de passage des coordoonnées normales (ou d®autres
peut Etre mieux adaptées) aux coaordonnées de fragmentation, ceci

au niveau de la fonction d’onde de vibration, comme Fano 17avait
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fait au niveau de la fonction d’onde de 1’électron de Rydberg. Si
ceotte idée s’avere fructueuse, il sera alors possible d entrevoir
des applications plus raisonnables, du point de vue taille des
matrices de réaction, dans les molécules triatomigues plus
rigides.

ta MGDT a déja permis une bien meilleure compréhension de la
dynamigue moléculaire, gt je crois gu'elle permettra encore de

faire beaucoup progresser nos connaissances dans ce domaine.



-250-

REFERENCES

E.S.Chang and U.Fano, Phys.Rev.A &, 172 (1972)
M.Chergui, N.Schwenter and W.BBhmer, J.Chem.Phys. 85, 2472 (1986)
N.Schwenter and M.Chergui, J.Chem.Phys. 85, 3458 (1984)
P.M.Deﬁmer and W.A.Chupka, Jd.Chem.Phys. &5, 2243 (1974)
K.Dressler and E.Miescher, Astroph.d. 141, 1266 (1965)
K.Dressler and E.Miescher, J.Chem.Phys. 75, 4310 (1981)
U.Fano, Phys.Rev.A 2, 353 (1970)
U.Fano and D.Dill, Phys.Rev.A b, 185 (1972)
U.Fano, Phys.Rev. A 17, 93 (1978}
R.Gallusser and K.Dressler, Jd.Chem.Phys. 76, 4311 (1982)
A.Glusti-Suzor, J.Phys.B 13, 3867 (1980)
A.Biusti~BSuzor and Ch.Jdungen, J.Chem.Phys. 80, 986 (1984)
A.Giusti~-Suzor and H.Lefebvre-Brion, FPhys.Rev.A 30, 3057 (1984)
C.H.Greene and Ch.Jungen, Adv. in At. and Molec. Fhysics 21, 51
(1983)
C.H.Breene and Ch.Jungen, Phys.Rev.Lett. 58, 1066 (1985
C.H.Greene, R.Rau and U.Fano, Phys.Rev.A 26, 2441 (1982)
J.d.Hopfield, Phys.Rev. 35, 1133 (1930)

Phys.Rev. 36, 783 (1930)
Ch.Jungen and D.Dill, J.Chem.Phys. 73, 3338 (1980)
Ch.Jungen, Phys.Rev.lLett. 593, 2394 (1984)
H.J.Korsch and H.Laurent, J.Fhys.E 14, 4213 (1977
A.lLagergvist and E.Miescher, Helv.Phys.Acta 31, 221 (1958)

A.lLagerqgvist and E.Miescher, Can.J.Fhys. 44, 1325 (19646)




-251-

C.M.Lee and K.T.Lu, Phys.Rev.A B, 1241 (1973)
H.Le Rouzo, programme non publié
B.Leyh and G.Raseev, Phys.Rev.A 34, 2920 (1986)
W.E.Milne, Phys.Rev. 35, 8463 (1930)
P.Morin, M.Y.Adam, I.Nenner, J.Delwiche, M.J.Hubin—Franskin and
P.Lablanguie, Nucl.Inst.Method 208, 761 (1983)
G.Raseev, Comp.Phys.Commun. 20, 267, 275 (1980)
M.J.Seaton, Proc.Phys.Soc. 88, 801,815 (1966)
Rep.Prog.Phys. 46, 147 (1983)

M.Shapiro and G.G.Balint-kKurti, J.Chem.Phys. 71, 1461 (1979



-252-

SOMMAIRE

I INTRUDUCTIDN"I.Inlll.l"l'l.-l..'lI.iBI.H...lnnlll.l‘lﬂ.lt'll!.ulﬂi

II APPLICATIDNS..-ll---l-l-..-l-.--l--.lnu-n--c--lnnnl-..l-l---ontolaB

IT 1 AUTOIONISATION VIERATIONNELLE ET ROTATIONNELLE DANS Hé...n.cn,,.q

II 2 AUTOIONISATION ELECTRONIGUE DANS Noecoacononooncaconscasananonell

II 3 INTERACTIONS RYDBERG-VALENCE ET PREDISSOCIATION DANS MNOu.oooesoll

III
IIT
III
I11
III
IIX

III

III

I1I

LA THEDORIE DU DEFAUT QUANTIRUE A PLUSIEURS VOIES. . uusecencennceaald

1
I’

e

-r

=

4

S

S-

S.

&

LE CAS D UNE VOIEaau s ussatenaennneneneoonannrnsnnenennennnnld
LE CAS DE PLUSTEURS VOIES.tstsunuennsennnrnnnnnnsnnnnnnnnnn.. .23
LA FORMULATION EN TERME DE VOIES PROPRES....vonrssenennnn......35
LA FORMULATION EN DEUX ETAPES DE LA MODT..reuevssueneensansn 29
LES CONDITIONS ASYMPTOTIGUES DE LA MEDTeu.uenvnsnnennnnnnn... .24
1 TRAITEMENT DU SPECTRE DISCRET: v urunennnnrenennennnnnnn.n.. TS
As CAS BENERAL . ¢ -t n e eeeeemennesennrnenersseensnnnnn. .S
B. CAS DE DEUX VOIES D’ IONISATION wuwuvnrnsrnsnennnnsrn.n. .57
2 TRAITEMENT DE L’AUTOIONISATION ET DE LA PREDISSOCIATION. ... .39
A.  CAS BENERAL. .t s ssrenenerenenennnn, -
B. CAS DE DEUX VOIES D’ IONISATION.wuuuenensensnnnnsnnnn... .44
C. SECTIONS EFFICACES DE FRAGMENTATION..eessn.unnsne.on.....45

TRAITEMENT DU CONTINUUM DUVERT..aa............................49




-253-

IV DISTRIBUTION ANGULAIRE DES PHOTOELECTRONS DANS LE CADRE DE LA

THEORIE DES MOMENTS TRANSFERES......................................54

v

v

Iv

Iv

v

v

SIS
5 W N

N

1 THEORIE DES MOMENTS TRANSFERES: ASFECT GEOMETRIBUE. ccvessassnesb

2 ASPECT DYNA”IQUEQII.I....lllll.llll.ll.lll.l.l‘-l..-..‘.....‘..éé

CAS DE LA RDTATIDN RESDLUEII..‘l..‘...l-.-..--.ﬂil‘.....-.‘-.67
CAS DE LA MOLECULE SANS ROTATION. cevesasnsssceannnosncennnan/s
CAS DE LA MOLECULE SANS ROTATION DANS LE CADRE DE ﬂQ MEDT.. .91

CAS D*UNE SEULE ONDE PARTIELLE . s s evnasnssascnanasannasannsss?B

RESULTQTS.l‘.I.l.'...l.-.-ll‘.l'll‘Il...-.l"'..'.......-..‘--.l.los
LES RESONANCES COMPLEXES DANS H?...r...............,...........105
L7 AUTOIONISATION ELECTRONIGUE: LES SERIES DHOFFIELD DE No.....128

LES INTERACTIONS RYDBERG-VALENCE ET LA PREDISSOCIATION DANS NO 149

T CONCLUSTON. « e xm s s s semamsnsssnnsanasnsnsasenssnnanassanaanssss243






