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Abstract: Within our  aim  to  clarify  some  aspects  of  the  breakup  dynamics  of  loosely-bound  neutron-halo   pro-
jectiles on a heavy target, we apply the continuum discretized coupled-channel formalism to investigate the berylli-
um 11Be breakup on a lead 208Pb target at  = 140 MeV incident energy. By evidencing that the continuum–con-
tinuum  couplings  are  much  stronger  in  the  nuclear  breakup  than  in  the  Coulomb  breakup,  we  conclude  that  the
strength of these couplings in the total breakup is dominated by the nuclear contribution, with the diagonal mono-
pole nuclear potential in the projectile–target center-of-mass having negligible effect on the total and nuclear break-
up cross-sections. For this kind of reaction, we show that the condition for the total breakup to approach its domin-
ant component in the absorption region is strongly dependent on the continuum–continuum couplings and the diag-
onal monopole nuclear potential.
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I.  INTRODUCTION

Breakup  reactions  in  nuclear  physics  have  been
shown  to  be  the  most  appropriate  mechanisms  to  probe
the  internal  structure  of  halo-nuclei  systems  [1-3].  More
recently, the intense experimental and theoretical activit-
ies  undertaken  by  different  groups  on  nuclear  reactions
with  weakly-bound  projectiles,  as  well  as  studies  on  the
structure of halo-nuclei systems, can be traced from sev-
eral reviews. These are exemplified by Refs. [4-8] report-
ing on recent developments in fusion and direct reactions
with  weakly-bound  nuclei,  and  studies  on  the  impact  of
nuclear  forces  on  neutron-rich  nuclei.  Among  the  recent
reviews,  there  are  also  studies  considering  exotic  nuclei
within the evolution of  shell-model  structure in Ref.  [9].
The relevance  of  the  studies  on  the  structure  and   reac-
tions with weakly-bound nuclei is associated with the fact
that the  fragmentation  of  the  projectile  into  its   constitu-
ents can  provide  a  clearer  picture  on  the  halo-nuclei  dy-
namics  and  structure,  considering  the  interactions  with
the target nuclei via Coulomb and nuclear forces, leading
to Coulomb and nuclear breakups respectively. Concern-
ing related investigations in the last few years, we exem-
plify  with  those  reported  in  Refs.  [10-21],  from  which
other relevant references can be obtained.

In  spite  of  the  amount  of  studies  on  both  Coulomb
and nuclear  breakups,  several  questions  remain.  For   ex-
ample: How do the Coulomb and nuclear forces between
projectile and target  interfere  to  produce the  total  break-
up? How can the total breakup be unambiguously separ-
ated  into  its  Coulomb  and  nuclear  components?  Which
one of  the  breakups,  Coulomb  or  nuclear,  is  more   af-
fected by the couplings among the continuum states (con-
tinuum –continuum  couplings)?  Are  there  other  factors
apart from  the  target  charge  that  can  justify  the   import-
ance of  the  Coulomb  breakup  over  its  nuclear   counter-
part  in  reactions  involving a  heavy target?  Which of  the
forces,  Coulomb  or  nuclear,  produces  a  more  prompt  or
delayed breakup?  These  questions  may  have  related   re-
sponses. However, definite answers will depend on many
intrinsic or  extrinsic  parameters  such  as  the  incident   en-
ergy, projectile breakup threshold, target mass, etc.

Another  aspect,  not  less  relevant,  is  the  role  of  the
nuclear  interaction  in  the  elastic  scattering  channel.  It  is
often  assumed  that,  since  the  breakup  will  occur  in  the
asymptotic  region,  due  to  the  projectile  low  breakup
threshold,  the  nuclear  interaction  has  a  negligible  effect,
given its short-range nature. However, this remains to be
established as a matter of fact, in view of the large size of
a  weakly-bound  projectile  wave  function.  Although  the
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study  of  the  nuclear  interaction  is  apparently  rather
straightforward in the elastic scattering channel, it can be
useful  in  probing  some  breakup  dynamics.  For  instance,
among others, it can expose in a specific way the depend-
ence  of  the  breakup  process  on  the  ground-state  wave
function.  It  may  also  serve  to  determine  whether  the
breakup occurs  asymptotically  or  in  the   “absorption   re-
gion”, which is the region identified by laboratory angles
θ larger than the “grazing angle” (the angle at which the
elastic  scattering  trajectory  starts  to  deviate  from  the
Rutherford  scattering)  [22].  So,  to  estimate  where  the
breakup  process  occurs,  one  can  assess  the  amount  of
flux  from  the  elastic  scattering  channel  that  reaches  the
absorption  region.  Furthermore,  this  may  be  helpful  in
better understanding the complete fusion process. On the
other  hand,  the  total  fusion cross-section obtained in  the
Coulomb  breakup,  plus  the  nuclear  interaction  in  the
elastic  scattering  channel,  might  be  interesting  in  the
sense that it is not related to any sequential absorption of
the fragments.

s−

In  the  present  study,  our  main  goal  is  to  analyze  the
relevance of the nuclear potential in the elastic scattering
channel  in  the  breakup  of  a  loosely-bound  neutron-halo
projectile.  For  this  purpose,  we  consider  the  breakup  of
the  wave neutron-halo 11Be nucleus on a lead target at
an incident energy of 140 MeV, which is an incident en-
ergy  of  interest  to  due  to  the  fact  that  experimental  data
became  available  very  recently  [23].  The  effect  of  this
nuclear  potential  on  the  total,  Coulomb  and  nuclear
breakup  cross-sections  will  be  investigated.  In  each
breakup calculation, we will consider the cases where the
continuum –continuum  couplings  are  included  in  the
coupling  matrix  elements,  and  when  they  are  excluded.
These  couplings  are  known  to  strongly  suppress  the
breakup cross-section (see for example Refs. [24-28] and
references therein).  Our expectation with this  study is  to
shed more light on how the suppression occurs, by com-
paring the associated effect  on the Coulomb and nuclear
breakup cross-sections. One aspect of our investigation is
to  verify  the  importance  of  the  projectile  ground-state
wave function on the  breakup cross-sections.  Associated
with the total, Coulomb and nuclear breakups, we are also
providing an estimation on the total fusion cross-sections,
with  an  emphasis  on  the  Coulomb  breakup  case,  where
no sequential  absorption  effect  exists.  By comparing  the
different fusion cross-sections, one can estimate the con-
tribution of the off-diagonal absorption to the total fusion
cross-section.

By considering that all the breakup cross-sections are
obtained  by  using  the  continuum  discretized  coupled-
channel  (CDCC)  formalism  [29,  30],  the  methodology
adopted in  this  work  consists  of  three  different   calcula-
tions for each type of breakup reaction:
 

(i) When the nuclear potential in the elastic scattering
channel is obtained by folding the potentials between tar-

get  and  fragments  with  the  projectile  ground-state  wave
function;
 

(ii) When the  nuclear  potential  in  the  elastic   scatter-
ing  channel  is  obtained  from  the  global  parametrization
of  Akyüz  and  Winther  [31]  (similar  to  the  one  which  is
used in a single channel calculation);
 

(iii) When there  is  no nuclear  potential  in  the  elastic
scattering channel.
 

The next sections are organized as follows: In section
II, we briefly outline the model formalism and the CDCC
approach, providing details on the numerical calculations
in subsection II.B. The main results, with the correspond-
ing discussions,  are  presented in  section III.  Finally,  our
conclusions are summarized in section IV. 

II.  MODEL FORMALISM
 

A.    Projectile description and the CDCC method

10Be ⊗ n(2s 1
2

+ )
ℓ0 = 0

ℓ0

10Be
ε0 = −0.504

ε1 = −0.183 ℓ0 = 1 p 1
2

−

εres = 1.274 d 5
2

+

b = (ε0, ℓ0, s, j0) j0
j0 = ℓ0+ s

N

F LJ
β (R)

In  this  work,  we  are  considering  the  one-neutron
weakly-bound projectile  11Be colliding with  a  heavy  tar-
get  208Pb.  For  the  projectile,  we  consider  the  core–neut-
ron    configuration,  in  which  the  11Be is  in
the  ground  state,  with  the  valence  neutron  in    (s-
wave  state),  where    is the  angular  momentum   associ-
ated with the core–neutron relative motion, loosely bound
to  the    core  nucleus.  The  binding  energy  of  this
ground-state  is   MeV  [32].  This  system  also
exhibits  a  first  excited  bound  state  with  energy

 MeV in   (  state), and a narrow res-
onance  with  energy    MeV,  in  the    con-
tinuum  state.  The  ground  state  will  be  labeled  by

, where s is the nucleon's spin, with   be-
ing the total angular momentum ( ). From the in-
teraction between  the  two-body  projectile  with  a   com-
pact  heavy target,  we obtain a three-body system, which
we describe by means of  the CDCC formalism [29, 30].
Once the projectile pure continuum wave functions have
been discretized into   bin wave functions, and after an
expansion of the total projectile–target wave function on
the  projectile  internal  states  (bound  and  bin  states),  one
obtains  a  finite  set  of  coupled  differential  equations,  for
the  partial  wave  function  , in  the  relative   pro-
jectile–target  distance R,  considering  an  incident  energy
E, given by 

[ −h̄2

2µpt

( d2

dR2 −
L(L+1)

R2

)
+

ZpZte2

R
+ULJ

ββ (R)
]
F LJ
β (R)

+
∑
β′,β,L′

ULL′J
ββ′ (R)F L′J

β′ (R) =
(
E−εβ

)
F LJ
β (R), (1)
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µpt
J = L+ j

εβ

β(= α0,α)

α0
α ≡ (i, ℓ, s, j)

i = 1,2, . . . ,N
ZpZte2/R

Zpe Zte

ULL′J
ββ′ (R)

YLJ
β (r,ΩR)

ΩR

where    is  the  projectile –target  reduced  mass,  with L
and J ( ) being, respectively, the associated orbit-
al and total angular momentum quantum numbers. The 
identifies the projectile bound-state and bin energies, with
the  channel  index    representing  the  projectile
quantum  numbers  (the  ground  and  excited  bound  states
defined  by  ,  and  the  continuum  states  by α.)  For  the
continuum,  we  also  have  ,  where

, with ℓ and j being, respectively, the orbital
and total angular momenta. In Eq. (1),   provides
the  Coulomb  interaction  in  the  center-of-mass  (c.m.)  of
the  projectile  and  target,  where    and    are the   re-
spective charges.  The  off-diagonal  coupling  matrix   ele-
ments,  , obtained  from  the  channel  wave   func-
tions  , which contains the projectile states (i.e.,
the  bound  and  bin  wave  functions),  integrated  in  the
core–neutron relative coordinate r (associated with the or-
bital  angular  momentum  ℓ)  and  on  the R  angular  direc-
tions,  , are given by 

ULL′J
ββ′ (R) = ⟨YLJ

β (r,ΩR)|Upt(r,R)|YL′J
β′ (r,ΩR)⟩. (2)

(pt) Upt(r,R)
(ct) Uct(Rct)

(nt) Unt(Rnt)

Rct = R+ 1
11 r Rnt = R− 10

11 r

Uct(Rct) = Vct(Rct)+ iWct(Rct) Unt(Rnt) = Vnt(Rnt)+
iWnt(Rnt)

b↔ α
α↔ α′

Here, the projectile–target   optical potential 
is given by the sum of the core–target  ,  , and
neutron–target     interactions, in which the co-
ordinates (for the projectile 10Be-n, and the target, 208Pb),
are expressed by  , and  . Both ct
and  nt  interactions  are  given  by  optical  potentials  that
contain  real  and  imaginary  parts,  i.e.,

  and 
. Eq. (2) can be split into couplings to and from

the  bound-state  ( ), and  couplings  among   con-
tinuum states (continuum–continuum couplings,  ).

ULJ
ββ (R)

ULJ
bb (R)

ULJ
αα(R) ULJ

ββ (R) = ULJ
bb (R)+ULJ

αα(R)

ZpZte2/R

The  diagonal  coupling  matrix  elements,  ,  in
Eq.  (1),  contain  the  elastic  scattering  matrix  elements,

, and  the  diagonal  continuum –continuum   ele-
ments,    [ ].  The  nuclear
potential in the elastic scattering channel (which is added
to  the  monopole  Coulomb  potential  ) is   ob-
tained using two approaches:
 

(i)
U(N)

bb (R) ≡ Vbb(R)+
iWbb(R)

|ϕb(r)|2
Vbb(R) Wbb(R)

 In the first  approach, the real and imaginary parts
of  the  projectile –target  potential, 

, are obtained by folding the interactions between
the  fragments  and  the  target,  with  the  square  of  the
ground-state  projectile  wave  function,  ,  such  that

 and   are given by 

[
Vbb(R)
Wbb(R)

]
=

∫
d3r|ϕb(r)|2

[
Vct(Rct)+Vnt(Rnt)
Wct(Rct)+Wnt(Rnt)

]
, (3)

Wbb(R)where  the  imaginary  potential    is  responsible  for
the absorption in the elastic channel.

(ii)
11Be+208Pb

  In the  second  approach,  we  consider  the   pro-
jectile–target ( ) potential defined in the c.m. of
this two-body system, which is given as 

Ũ(N)
pt (R) = Ṽpt(R)+ iW̃pt(R). (4)

This  kind  of  potential,  originally  designed  to  reproduce
the elastic scattering for energies just above the Coulomb
barrier [33, 34], was used in Ref. [35] with the addition of
a  short-ranged  imaginary  part  to  account  for  the  fusion
cross-section. In this case, it is equivalent to the use of an
incoming boundary condition inside the Coulomb barrier.
 

Uct Unt Ũ(N)
pt

x ≡ pt,ct,nt
Rpt = R Rct =

∣∣∣R+ 1
11 r
∣∣∣ Rnt =

∣∣∣R− 10
11 r
∣∣∣

In both approaches, all  the two-body nuclear interac-
tions  (   and    in  the  first  approach;    in  the
second  approach),  are  parametrized  by  the  usual
Woods –Saxon  (WS)  form-factors.  In  the  case  of
neutron–target  interaction,  we  have  also  the  surface  (la-
belled  by  D)  and  spin –orbit  coupling  (labelled  by  SO)
terms.  Therefore,  with  ,  and  considering

,  ,  ,  the  WS  form-
factors are defined by 

f (Rx,Rx
ν ,a

x
ν) =

1
1+ exp[(Rx −Rx

ν)/ax
ν]
, (5)

where  ν  refers  to  the  represented  term  of  the  potential.
The corresponding interactions are given by 

Vx(R) =V x
0 f (Rx,Rx

ν ,a
x
ν)

Wx(R) =W x
0 f (Rx,Rx

ν ,a
x
ν)

Wnt,D(R) =−4aDWD
d

dRnt
f (Rnt,RD,aD)

Vnt,SO(R) =VSO(L · s)
( h̄
mπc

)2 1
Rnt

d
dRnt

f (Rnt,RSO,aSO). (6)

Uct Unt

10Be+ 208Pb
+208

Ũ(N)
pt

Vcn(r)

The  different  parameters  of    and    of  the  first
approach are  listed  in  the  first  two rows of Table  1.  For
the  , they were taken from Ref. [36]; and, for
the n Pb, are from the global parametrization given in
Ref.  [37].  The  parameters  for  the    interaction,  de-
scribing  the  second  approach,  given  in  the  third  row  of
Table  2,  were  obtained  from  the  global  parametrization
presented in Ref. [31]. The parameters of the core–neut-
ron  potential    (also  given  by  a  WS  form-factor),
which are required to obtain the different projectile ener-
gies, are discussed in the following sub-section, where we
also present the numerical details.

U(N)
bb (R)

Ũ(N)
pt (R)

U(N)
bb (R)

Ũ(N)
pt (R)

The real and imaginary parts of the potentials 
and   are plotted in Fig. 1. We observe in this fig-
ure that  the potential   has  a  longer  tail  compared
to  the  potential  .  This  was  expected,  due  to  the
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10Be+nlong-tail  extension  of  the    ground-state  wave
function.

U(N)
bb (R) Ũ(N)

pt (R)

Rct ≃ Rnt ≃ R

ULJ
αα(R) = ULL′J

αα′ (R) = 0
ULJ
ββ

Ũpt(R) Ubb(R)

By comparing  the  two  approaches,  we  should  notice
that, unlike  , the potential   is purely diag-
onal. The  drawback  is  that,  in  this  approach,  the   pro-
jectile  is  assumed  to  be  a  one-body  system,  such  that  it
can resemble  the  case  of  a  tightly  bound  two-body   sys-
tem, in which  . One can observe some patho-
logy associated  with  this  assumption  in  the  breakup  ob-
servables.  In  the  absence  of  the  continuum –continuum
couplings,  where  ,  the  diagonal
coupling  matrix  elements    are reduced  to  the  poten-
tial in the elastic scattering channel,  and the first  excited
state  channel.  One  can  then  anticipate  a  strong  effect  of
the  potentials    and    in  the  absence  of  the
continuum–continuum  couplings.  The  importance  of   di-
agonal and off-diagonal continuum–continuum couplings
is discussed in Ref. [24].

kmax [0,kmax]
∆ki = ki− ki−1

φ
j
ℓ
(ki,r)

In  order  to  transform  the  projectile  pure  scattering
wave functions into square-integrable bin wave functions,
the  relative  core –nucleon  momentum  k  is  truncated  at

,  with  the  interval    sliced  into  bins  of  width
. Next,  one  can  follow  the  technique   de-

scribed in Ref. [38] for the bin wave functions,  :
 

φ
j
ℓ
(ki,r) =

√
2
πWα

∫ ki

ki−1

gα(k)ϕ j
ℓ
(k,r)dk, (7)

gα(k) Wα =∫ ki

ki−1
gα(k)dk ϕ

j
ℓ
(k,r)

where    is  some  weight  function,  such  that 
, with   being pure scattering wave func-

tions, normalized according to 

ϕ
j
ℓ
(k,r)

r→∞→ sin
[
kr− ℓπ

2
+δℓ j(k)

]
, (8)

δℓ j(k)where   are the associated nuclear phase shifts.
After  the  coupling  matrix  elements  which  appear  in

Eq.  (2)  are  obtained,  the  coupled  differential  equations
(1) are  solved  by  considering  the  usual  boundary  condi-
tions in the asymptotic region, given by 

F LJ
β (R)

R→∞→ i
2

[
H−L (ρ)δββ′ −H+L (ρ)S J

ββ′ (Kβ)
]
, (9)

H±L (ρ) ρ = KβR
S J
ββ′ (Kβ)

Kβ =
√

2µpt(E−εβ)
h̄2

where    ( ) are  the  Coulomb  Hankel   func-
tions,    being  the  scattering  S-matrix,  with

 being theincident wave number. Various
reaction observables can be derived from the S-matrix, as
outlined for instance in Refs. [2, 38]. 

B.    Numerical calculation details

V0 = −59.5
VSO = 32.8

R0 = RSO = 2.699
a0 = aSO = 0.6

Vℓ>0 = −40.5

The  parameters  of  the  10Be–n Woods–Saxon   poten-
tial, which we use to obtain the different projectile ener-
gies and  wave  functions  needed  in  the  CDCC   calcula-
tions, are the same as those considered in Refs. [36, 39].
These core–neutron parameters are:   MeV and

  MeV  fm2  for  the  depths  of  the  central  and
spin–orbit (so) coupling terms, with   fm
and    fm  being  the  corresponding  radii  and
diffuseness.  As  in  Ref.  [36],  a  partial-wave  dependent
depth   MeV  was  used  to  calculate  the  first

X−208 X ≡
ct nt pt n+ 208Pb

WD = −0.908MeV RD = 7.397 aD = 0.51 VSO = 3.654MeVfm2 RSO = 6.376 aSO = 0.59

Table 1.    Woods–Saxon form-factor parameters for the projectile–target two-body interactions  Pb (6), where   n, 11Be, 10Be is
identified in the first column. For simplicity, the labels “ ”, “ ” and “ ” are dropped. For  , the surface (D) and SO paramet-
ers are  ,   fm,   fm,  ,   fm and   fm [37].

X V0 /MeV R0 /fm a0 /fm W0 /MeV RW /fm aW /fm Ref.
10Be −70.000 7.430 1.04 −58.900 7.190 1.000 [36]
n −15.202 7.32 0.647 −11.339 7.32 0.647 [37]

11Be −59.952 9.599 0.644 −12.988 9.599 0.750 [31]

 

U(N)
bb (R) Ũ(N)

pt (R)

Fig.  1.     (color online) Plots  of  the  real  [panel  (a)]  and   ima-
ginary [panel  (b)]  parts  of  the potentials   and  ,
as functions of the centre of mass coordinate R.
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excited bound  state,  the  resonant  and  non-resonant   con-
tinuum wave functions.

[0 : εmax]
∆ε = 0.5MeV s− p− ∆ε = 1.0MeV

∆ε = 1.5MeV g
∆ε = 2.0MeV

For the numerical computation of the coupled differ-
ential equations,  the  different  parameters  used  are   sum-
marized and described in Table 2. In this table, the inter-
val   was  discretized  into  energy  bins  of  widths

  for  the    and  states;    for
the  f-  and  d-states;    for  -states;  and

  for  higher  partial  waves.  Finer  bins  were
considered for the resonant state.  The numerical calcula-
tions were carried out using the Fresco code [40].

ULL′J
ββ′ Upt

V (C)
ct

V (C)
nt = 0
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Ũ(N)
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U(N)
bb Ũ(N)
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ULL′J
ββ′

Upt

U(N)
ct = Vct + iWct U(N)

nt = Vnt + iWnt

Upt

ULL′J
ββ′

ZpZte2/R

Before  we  dive  into  the  discussion  of  the  results,  let
us  first  explain  how the  different  breakup  cross-sections
were obtained.  In the Coulomb breakup calculations,  we
switched  off  all  the  nuclear  interactions  in  the  coupling
matrix  elements  ,  such  that  the  potential    con-
tains  only the core–target  Coulomb potential    (since

). Then,  we  performed  three  different   calcula-
tions:  (i)  when    is  added  to  the  monopole  Coulomb
potential,  as  described  in  the  previous  subsection;  (ii)
when   is added to the monopole Coulomb potential;
and (iii) when   and   are removed, implying that
only  the  monopole  Coulomb  potential  is  retained  in  the
elastic scattering  channel,  referred  as  no-diagonal  nucle-
ar (“No DN”).  The Coulomb breakup cross-sections ob-
tained in (i) and (ii) contain the effect of nuclear absorp-
tion  in  the  elastic  channel.  This  will  lead  to  a  fusion
cross-section,  which  does  not  contain  the  effect  of  the
off-diagonal absorption.  In  the  nuclear  breakup   calcula-
tions, we switched off all the Coulomb interactions in the
couplings  matrix  elements  , in  which  case  the   po-
tential    is  reduced  to  its  nuclear  components

, and  . The resulting total
fusion cross-section  contains  both  complete  and   incom-
plete fusion components,  due to the off-diagonal nuclear
absorption. The  total  breakup  calculations  were   per-
formed  by  simultaneously  including  both  Coulomb  and
nuclear  components  of  the  potential    in  the  coupling
matrix  elements  . Again,  all  three  calculations  out-
lined above were carried out. In all these calculations, the
monopole Coulomb potential   in the elastic scat-
tering  channel  was  retained.  Although  we  are  using  an
approximate procedure to obtain the Coulomb and nucle-
ar  breakup  cross-sections,  it  is  expected  that  the  total
breakup cross-section  will  approach  its  dominant   com-

ponent. This  matter  will  be  further  analyzed  in  the   fol-
lowing section. 

III.  RESULTS AND DISCUSSION

Elab = 140

10Be

Wnt

The  angular  distributions  for  the  total,  Coulomb  and
nuclear  breakup  cross-sections  are  shown  in  Fig.  2,  as
functions of the laboratory angle θ. They are calculated at
the  laboratory  incident  energy    MeV.  These
results  correspond to  the  three  different  calculations  that
we have outlined in Section II, and in the case where all
the different couplings are included in the coupling mat-
rix  elements.  We first  observe,  from panel  (a)  of Fig.  2,
that a fair agreement is obtained between the total break-
up cross-section and the experimental data obtained from
Ref.  [23].  We  should  mention  that  the  measurements  in
this reference are inclusive, implying that the neutron was
not  measured  in  coincidence  with  the    core  nucleus
after the breakup. In view of this, one can argue that the
agreement  with  the  calculations  indicates  the  absorption
of the valence neutron by the target through the potential

,  which  represents  the  so-called  stripping  part  of  the
cross-section.
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θ ≲ 10◦

With  regard  to  the  relevance  of  the  potentials 
and    on  the  breakup  cross-sections,  we  observe  in
panels (a) and (c) of Fig. 2 that the potential   plays a
minor role  in  the  total  and  nuclear  breakups,  as  the  cor-
responding curve and that corresponding to “No DN” are
approximately similar. However, the relevance of the po-
tential   to the nuclear breakup cross-section in partic-
ular  is  clearly  observed.  Its  verified effect  is  to  suppress
the total cross-section and to strongly suppress the nucle-
ar cross-section.  These  results  are  highlighting  the   im-
portance  of  the  projectile  ground-state  wave  function  on
the breakup cross-section, which is used to obtain the po-
tential  . The panel (b) displays a quite different trend
in the Coulomb breakup, where a major effect of   is
displayed,  unlike  in  the  total  and  nuclear  breakup  cases.
One  first  observes  that  this  potential  suppresses  the
longer  tail  of  the  pure  Coulomb  breakup  cross-section
(“No DN”) at larger angles and also accounts for the os-
cillatory pattern in the cross-section that spans the whole
angular range, despite its short-range nature. As in panel
(a),  the effect  of  the   potential  remains negligible at

,  but further suppresses the cross-section at larger

ℓmax λmax εmax rmax Rmax Lmax

R− ∆r ∆R
rmax Rmax

Table 2.      Parameters  for  the numerical  coupled equations solutions.  ,  ,  ,  ,   and   are  the maximum values
used, respectively, for the n–10Be angular momentum, order of the potential multipole expansion, bin energy, matching radius in the bin
integration,  matching radius in the  integration,  and angular  momentum of the relative c.m. motion.   and   are the integration
step sizes associated with   and  .

ℓmax (h̄)  λmax  - εmax /MeV rmax /fm ∆r /fm Lmax  (ħ) Rmax /fm ∆R /fm

6 6 10 120 0.1 10000 1000 0.05
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angles.  This  observation  is  quite  remarkable,  since  the
potential   would be expected to have a minor effect
on  the  Coulomb  breakup  cross-section  compared  to  the
nuclear breakup cross-section.
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pt

The fact  that  the  potential   accounts for  a  negli-
gible  effect  on  the  nuclear  cross-section  suggests  that  a
negligible  amount  of  flux  from  the  elastic  channel
reaches  the  absorption  region,  unlike  in  the  Coulomb
breakup case.  To  understand  the  significance  of  the   po-
tential    in the Coulomb breakup, as well  as its  irrel-
evance  to  the  nuclear  breakup,  we  consider  the  case
where  the  continuum–continuum couplings  are  removed
from  the  coupling  matrix  elements.  These  couplings  are
known to  enhance  the  irreversibility  of  the  breakup pro-
cess: once the projectile is dissociated, as the incident en-
ergy on  the  way  back  to  bound-states  cannot  be   re-
covered, the flux to bound-states is reduced (elastic scat-
tering channel). The couplings are stronger in the nuclear
than in the Coulomb breakup, so a larger amount of flux
from the  elastic  scattering  channel  is  expected  to  be   re-
moved. Primarily, it is this behavior that explains the dif-
ferent  effect  of  the  potential    on  the  Coulomb  and

nuclear breakup cross-sections in Fig. 2.
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The results shown in Fig. 3, for the three different cal-
culations as in Fig. 2, are for the total, Coulomb and nuc-
lear  cross-sections,  obtained  when  the  continuum – con-
tinuum couplings  are  removed  from the  coupling  matrix
elements. These  results  are  presented  in  order  to   under-
stand  how  the  negligible  effect  of  the  potential    on
the nuclear breakup cross-section in Fig. 2(c) could be as-
sociated  with  effects  due  to  stronger  continuum – con-
tinuum couplings in the nuclear breakup. It is interesting
to observe that this figure now displays a major effect of
the potential   on the total and nuclear cross-sections,
which also spans the whole angular range. This indicates
that the amount of flux from the elastic scattering, which
would have been lost to continuum–continuum couplings,
is  absorbed  through  the  imaginary  part  of    or  .
As already mentioned, in the absence of couplings among
continuum states,  the  diagonal  coupling  matrix  elements
on the left side of Eq. (1) is reduced to its elastic scatter-
ing  component,  so  that  there  is  no  interference  between
the potential   or   and the diagonal coupling mat-
rix  elements  .  These  results  also  serve  to  further
highlight the  fact  that  the  continuum –continuum   coup-
lings  do  indeed  remove  flux  from  the  elastic  scattering
channel, which could have contributed to the fusion pro-
cess (see Ref. [35], for example, for more related discus-
sion).

To better verify that the continuum–continuum coup-
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Fig. 2.    (color online) Angular distributions for the total (a),
Coulomb (b) and nuclear (c) breakup cross-sections, obtained
for the three different calculations outlined in the text, i.e. with
the potentials   and    in  the  elastic  scattering channel,
and for  the  case  labeled “No DN”,  when there  is  no nuclear
potential  in  the  elastic  scattering  channel  (meaning  that

). All  the  different  couplings,  including   con-
tinuum–continuum couplings are taken into account.  The ex-
perimental data in panel (a) were taken from Ref. [23].

 

Fig. 3.      (color online) Similar results as in Fig.  2,  but in the
case where the continuum–continuum couplings are removed
from the coupling matrix elements in Eq. (2).
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θ ≥ 10◦

lings are stronger in the nuclear breakup than in the Cou-
lomb breakup, we display in the panels of Fig. 4 the total,
Coulomb and nuclear breakup cross-sections in the pres-
ence  and  absence  of  these  couplings.  From  the  results
shown  in  this  figure,  it  follows  that  when  the
continuum –continuum  couplings  are  included  in  the
coupling  matrix  elements,  the  Coulomb  cross-section  is
substantially larger than the nuclear cross-section (see left
panels). This was already anticipated, considering that the
reaction  under  study  is  Coulomb-dominated.  However,
when  these  couplings  are  removed,  the  nuclear  breakup
cross-section  becomes  dominant  at  larger  angles
( ),  where  it  is  approximately  equal  to  the  total
breakup  cross-section.  From such  a  result,  one  can  infer
that  the  reduced  nuclear  cross-section  (compared  to  its
Coulomb counterpart in the left panels), is not only due to
the  short-range  nature  of  nuclear  forces,  but  also  due  to
stronger  continuum–continuum  couplings  in  the  nuclear
breakup.  Therefore,  one  may  argue  that  the  large  target
charge alone cannot justify the predominance of the Cou-
lomb breakup  over  the  nuclear  breakup  in  a  reaction   in-
volving a heavy target, such that the concept “Coulomb-
dominated reaction” might  be the subject  of  the prevail-
ing reaction dynamics.

Another  aspect  verified  in  Fig.  4  is that  in  the   ab-
sence  of  any  nuclear  absorption  in  the  elastic  scattering

channel (panel (a)), the total cross-section approaches its
nuclear component at large angles, in spite of the fact that
the  Coulomb  component  is  substantially  dominant.  One
would  naively  expect  the  total  cross-section  to  approach
its dominant component. The rest of the panels clearly in-
dicate that this “anomaly” can be attributed to (i) the ab-
sence of any nuclear absorption in the Coulomb breakup
cross-section,  and  (ii)  stronger  continuum –continuum
couplings in the nuclear breakup, which dictate the effect
of these couplings in the total breakup. Again, one could
argue that  the  trend  that  the  total  breakup  should   ap-
proach its dominant component does not come naturally.
It  rather depends on the prevailing reaction dynamics,  at
least as far as the reaction under study is concerned.

κx = σ
nc
x /σx x ≡ total, Coul, nucl

Ũ(N)
pt U(N)

bb

For a  quantitative  analysis  of  these  results,  we   con-
sider the integrated total, Coulomb and nuclear cross-sec-
tions for all three different kind of calculations in Table 3.
In this table, in order to represent the factor by which the
breakup  cross-sections  are  reduced  by  the  continuum –
continuum couplings, we also estimate the respective ra-
tios between the cross-sections without (nc) and with the
couplings,  given  by    ( ).
As shown, this  factor  is  quite  large for  nuclear  breakups
compared with the Coulomb breakups.  It  is  about 33 for
“No DN” and 17 for both   and   when consider-

Fig. 4.    (color online) Comparison of the total, Coulomb and nuclear cross-sections when the continuum–continuum are included (left
panels) and when they are excluded (right panels) from the coupling matrix elements. The results show all three calculations. See text
for details.
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ing the nuclear breakup; whereas for the Coulomb break-
up it is only about 1.0. This further clarifies that the nuc-
lear breakup cross-section is substantially affected by the
continuum–continuum  couplings  compared  to  the   Cou-
lomb breakup  cross-section.  The  effect  of  these   coup-
lings on the nuclear  breakup is  the main reason why the
Coulomb cross-section is larger than its nuclear counter-
part. For example, in the absence of any nuclear interac-
tion  in  the  elastic  scattering  channel,  and  when  these
couplings are not accounted for, the nuclear cross-section
is substantially larger than the Coulomb cross-section. In
this  case,  it  is  verified  that  the  Coulomb  breakup  cross-
section is about 64% of the corresponding nuclear coun-
terpart  ( ),  or  that    has  to  be  reduced
by about 36% to reach  . This observation on the relev-
ance of the continuum–continuum couplings serves to en-
force our  argument  that,  when  considering  reactions   in-
volving  heavy  targets,  it  is  not  only  the  large  charge  of
the target that can justify the importance of the Coulomb
breakup over the nuclear breakups.

=

Ũ(N)
pt U(N)

bb

Ũ(N)
pt γx = 1−{ σx[Ũ(N)

pt ]/σx(NoDN)}
U(N)

bb Σx = 1−{ σx[U(N)
bb ]/σx(NoDN)} γtot

γnucl
γCoul ≃ 0.29

γtot ≃ 0.30
γnucl ≃ 0.50 γCoul ≃ 0.23 Σtot ≃ 0.50 Σnucl ≃

ΣCoul ≃ 0.39

From  Table  3,  we  can  also  extract  the  suppression
factors  for  the  x total,  Coulomb  and  nuclear  breakup
cross-sections  due  to  the  potentials    and  .  For

,  we  define  ;  and,  for
,  . While both   and
  are  negligible  when  all  the  different  couplings  are

included,    (29%).  When  the  continuum–con-
tinuum  couplings  are  omitted,  one  obtains  ,

,  and  ,  whereas  , 
0.74 and  .

Ũ(N)
pt U(N)

bb

W̃ (N)
pt W (N)

bb
WLL′J
ββ′ (R) = ⟨YLJ

β (r,ΩR)|Wct +Wnt |YL′J
β′ (r,ΩR)⟩ = 0

W̃ (N)
pt

L ⩽ 60

For the implication of the potentials   and   on
the  fusion  cross-section,  we  analyze  the  total  fusion
cross-sections  corresponding  to  the  total,  Coulomb  and
nuclear  breakups.  We  should  note  that,  in  the  Coulomb
breakup,  the  fusion  process  is  exclusively  stimulated  by
the  imaginary  potential  in  the  elastic  scattering  channel,
namely    and  .  Since  in  this  case

, the   res-
ulting  fusion  cross-section  will  have  no  dependence  on
the  breakup channels.  The  partial L-distribution total   fu-
sion  cross-sections  are  shown  in  Fig.  5.  By  looking  at
panel (a) for the   potential, one sees all three fusion
cross-sections  are  similar  at    with  peaks  at

L ∼ 60−70
Wct =Wnt = 0

Wct Wnt
Wct Wnt

W (N)
bb

.  In  the  Coulomb  breakup  case,  where
,  the  fusion  cross-section  rapidly  drops  to

zero  whereas  fusion  cross-sections  corresponding  to  the
total and nuclear breakups are extended to larger L.  This
extension  certainly  comes  from  the  contribution  of  the
off-diagonal   and  . This is confirmed in panel (b),
where the fusion cross-section stimulated by   and 
in the Coulomb breakup is now extended to larger values
of L. To better understand these results, it could be inter-
esting  to  consider  incident  energy  below and around the
Coulomb barrier.  The results in panel (b) contain the ef-
fect  of  the  long  tail  of  the  projectile  ground-state  wave
function,  which  contributes  to  the  fusion  cross-section
apart  from the  imaginary  parts  of  the  nuclear  potentials.
This effect is better identified in Fig. 6, where the fusion
cross-section due to   potential is larger at large angu-
lar momenta.  One should be mindful of this in an actual
analysis of fusion cross-sections (for more discussion, see
Ref. [41]). 

IV.  CONCLUSIONS

In  order  to  clarify  some aspects  of  the  Coulomb and
nuclear breakup  dynamics,  we  have  analyzed  the  break-

σtot σC σnucl

κx ≡ σnc
x /σx ≡ tot, C, nucl

Table 3.    Integrated total ( ), Coulomb ( ), and nuclear ( ) breakup cross-sections (in mb), given in the presence (“All coup-
lings”) and absence (“No couplings”) of the continuum–continuum couplings.  The results are for all  three different calculations de-
scribed in the text, with   (x ).

All couplings No couplings
κtot κC κnucl

σtot σC σnucl σnc
tot σnc

C σnc
nucl

No DN 3928 6285 302 12780 6338 9893 3.25 1.00 32.76

Ũ(N)
pt 3932 4454 298 8968 4911 4938 2.28 1.10 16.57

U(N)
bb 3382 3684 150 6390 4002 2528 1.89 1.09 16.85

 

Fig.  5.      (color  online) L-distribution  total  fusion  cross-sec-
tions corresponding to total, Coulomb and nuclear breakups.
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up reaction of the weakly-bound one-neutron halo nucle-
us 11Be on the heavy target 208Pb. First, it was shown that
the continuum–continuum couplings are much stronger in
the  nuclear  breakup  than  in  the  Coulomb  breakup,  such
that the strengths of these couplings in the continuum are
dictated  by  the  nuclear  breakup  when  considering  the
total breakup. As a consequence, it was found that the di-
agonal  monopole  nuclear  potential  in  the  projectile – tar-
get  c.m.  has  a  negligible  effect  on  the  total  and  nuclear
breakup  cross-sections,  while  it  suppresses  the  Coulomb
breakup  cross-section  by  about  29%,  mainly  at  larger
angles (absorption region). Such result is associated with
the strong  continuum –continuum  couplings,  which   cor-
respond  to  a  substantial  loss  of  flux  from  the  diagonal
channel to  these  couplings,  implying  that  only  a   negli-
gible portion of the flux reaches the absorption region in
the total  and  nuclear  breakups,  as  verified  by  the   integ-
rated results shown in Table 3.

When this diagonal nuclear potential is excluded from
the  calculations,  the  total  cross-section  approaches  its

nuclear  component  in  the  absorption  region,  in  spite  of
the fact that the Coulomb breakup cross-section is largely
important in this region. For the total  breakup cross-sec-
tion to approach its Coulomb component in the inner re-
gion, we show that the diagonal monopole nuclear poten-
tial (in the projectile–target c.m.) needs to be included in
the  calculations.  It  has  the  effect  of  absorbing  the  flux
from the  diagonal  channel,  which  is  not  lost  to  the   con-
tinuum–continuum  couplings,  considering  the  weakness
in  the  Coulomb  breakup  in  comparison  to  the  nuclear
breakup.

In the  absence  of  the  continuum –continuum   coup-
lings, there is no loss of flux, and the diagonal monopole
nuclear  potential  is  now  found  to  suppress  the  total  (by
about  30%)  and  nuclear  (by  about  50%)  breakup  cross-
sections,  mainly in the absorption region (see also Table
3). When the monopole diagonal nuclear potential is ob-
tained by folding the  interactions  between the  fragments
and the  target,  with  the  square  of  the  ground-state   pro-
jectile  wave  function,  the  total  breakup  cross-section  is
suppressed by about 50%, and the nuclear breakup cross-
section  by  about  74%.  By  a  quantitative  analysis,  it  is
verified  that,  when  these  couplings  are  excluded  in  the
matrix  elements,  the  Coulomb  breakup  cross-section  is
only  about  64%  of  the  corresponding  nuclear  breakup
cross-section, in  spite  of  the  fact  that  this  breakup   reac-
tion is recognized as a Coulomb-dominated reaction.

In summary, we observe the relevant role of the con-
tinuum –continuum  couplings  in  the  reaction  studied  so
far.  We conclude that the condition for the total breakup
to approach its dominant component in the absorption re-
gion is determined by these continuum–continuum coup-
lings. Moreover,  it  is  a  large  charge,  together  with   con-
tinuum –continuum  couplings  that  justify  the  concept
“Coulomb-dominated  reaction ”,  and  not  a  large  target
charge alone. The present results are expected to provide
a further step in the quest to understand reaction dynam-
ics associated with the breakup of loosely-bound systems
in  reaction  to  heavy  nuclear  targets.  Also,  such  results
may  be  useful  in  probing  the  origin  of  complete  fusion
suppression.
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