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Kapitel 1

Einleitung

Es gilt heute als allgemein akzeptiert, dafl die Theorie der Quarks und Gluonen (Quan-
tenchromodynamik, QCD) der starken Wechselwirkung zugrundeliegt. Die nicht-Abel-
sche Struktur manifestiert sich in der Tatsache, dafl die Eichfelder Ladung tragen und
bestimmt die besondere Impulsabhéingigkeit der Kopplungskonstanten. Wahrend der
Bereich kleiner Absténde (d.h. hoher Impulsiibertriage) im Rahmen der pQCD durch
perturbative Methoden behandelt werden kann und gerade diese Erfolge zur Akzeptanz
der QCD gefiihrt haben, sind die elementaren partonischen Freiheitsgrade bei grofieren
Skalen von etwa 1 fm durch das Confinement in farbneutralen Objekten, den Hadronen,
verborgen.

Uber die innere partonische Struktur der Hadronen besteht kein Zweifel. Seit die
erste Klassifikation der leichten Baryonen und Mesonen von Gell-Mann und Zweig [1]
durch die Einfithrung der Quarks Ordnung in den "Teilchenzoo’ gebracht hat, sind die
Moglichkeit der Resonanzanregung, das Skalierungsverhalten und die Beobachtung von
Jet-Ereignissen in der tiefinelastischen Streuung deutliche Beweise [2]. Jedoch ist die
innere Struktur der Hadronen erheblich komplizierter als durch die einfache Einord-
nung in SU(3)-Multipletts als Drei-Quark- bzw. Quark-Antiquark-Zusténde suggeriert
wird. Die tiefinelastische Streuung von Elektronen an Protonen etwa zeigt, dal der
totale Impuls nur zu einem Teil durch die Valenzquarks erkléart werden kann und der
Rest durch weitere Quark-Antiquark-Fluktuationen (Seequarks) und Gluonen beige-
steuert wird. Auch die Erkldrung der Hadronmassen durch Konsitutentenquarkmassen
beinhaltet implizit, dafl sie durch die komplizierten Wechselwirkungen der Quarks und
Gluonen effektiv generiert werden.

Allerdings ist die Beschreibung hadronischer Reaktionen bei niedrigeren Energien
durch die zugrundeliegende Theorie auch im Vakuum bis heute nicht moglich. Das gilt
ebenso fiir die Frage, wie sich ein System aus Quarks und Gluonen zu Hadronen zu-
sammenfiigt. Die Formulierung der Wechselwirkung der Hadronen untereinander durch
den Austausch von Mesonen hat sich bewéhrt [3].

Neue Aspekte ergeben sich, wenn man eine Ansammlung von Hadronen betrachtet.
In Kernmaterie oder endlichen Kernen z.B. fithrt die Anwesenheit anderer Nukleonen
zu einer Anderung der Nukleon-Selbstenergie, die sowohl die Polmasse als auch die
Breite der gebundenen Nukleonen beeinflufit. Beide Eigenschaften werden durch die
Spektralfunktion beschrieben. In einfachster Ndherung lassen sich die Wechselwirkun-
gen durch ein mittleres Feld verstehen, in dem sich die Nukleonen als Quasiteilchen
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2 1. Einleitung

mit einer effektiven Masse bewegen. Es zeigt sich, daf3 es sich hierbei um die niedrig-
ste Ordnung der Wechselwirkung durch Mesonaustausch handelt, wodurch aber z.B.
schon die Haupteigenschaften eines Atomkerns beschrieben werden koénnen [3]. Hohere
Ordnungen dagegen haben nicht nur einen Einflufl auf die Teilchenmasse, sondern auch
auf die Breite [4]. Diese Beitrdge lassen sich durch Kollisionsreaktionen zwischen den
Nukleonen im Medium interpretieren. Der Vakuumpropagator wird durch die Beimi-
schung von Teilchen-Loch-Anregungen modifiziert. Das Ergebnis ist eine Aufweichung
der Fermi-Kante in der Nukleon-Impulsverteilung durch die Verschiebung von Stérke
in solche Konfigurationen. Dabei ist besonders die Ahnlichkeit der Hochimpulskompo-
nente fiir alle Massenzahlen mit der Impulsverteilung des Deuterons im Hinblick auf
die Interpretation von Interesse [5]. Die Berechnungen der Nukleon-Spektralfunktion
auf der Basis aufwendiger Vielteilchenmodelle (z.B. [6, 7]) verwenden meist realistische
Nukleon-Nukleon-Wechselwirkungen. Es ist eine iiberraschende Erkenntnis der vorlie-
genden Arbeit, in der einfachere transporttheoretische Methoden benutzt wurden, daf3
die Grundzustandskorrelationen auf die genaue Struktur der Wechselwirkung nicht
sensitiv sind, sondern nur auf die globale Stérke.

Lassen sich Gleichgewichtssysteme wie Kernmaterie mit relativ einfachen Metho-
den beschreiben, so ist die Behandlung von Nichtgleichgewichtssystemen eine beson-
dere Herausforderung. Seit der Formulierung des theoretischen Rahmens fiir solche
Untersuchungen in den sechziger Jahren durch Schwinger, Kadanoff, Baym und Kel-
dysh [8, 4, 9] und der Verwendung einer Gradientenentwicklung der Kadanoff-Baym-
Gleichungen hat dieses Gebiet in letzter Zeit neuen Auftrieb erhalten: Im Rahmen von
Schwerionenkollisionen wurden seit Beginn der achtziger Jahre semiklassische Trans-
portmodelle [10, 11, 12] verwendet, die auf der Boltzmann-Uehling-Uhlenbeck-(BUU)-
Gleichung basieren. Eine wesentliche Annahme solcher Modelle, ndmlich daf} sich alle
Teilchen in solchen Reaktionen wie Quasiteilchen mit fester Masse verhalten, 148t sich
im Hinblick auf die oben schon erwéhnte Verbindung zwischen Kollisionen und Verbrei-
terung nicht halten. Die ersten Anwendungen in Schwerionenkollisionen, die iiber dieses
Bild hinausgingen, wurden durch Danielewicz [13] auf der Basis der Gradiententwick-
lung der Kadanoff-Baym-Gleichungen durchgefiihrt. In diesem Zusammenhang bilden
auch die neuerlichen Entwicklungen (z.B. [14, 15, 16, 17]), die auf den Kadanoff-Baym-
Gleichungen fuflen, und neue Konzepte in der Behandlung des Offshell-Transports dar-
stellen, einen wichtigen neuen Meilenstein.

Transportmodelle erlauben die theoretische Beschreibung einer Vielzahl von Re-
aktionen mit Kernen. Neben den Schwerionenkollisionen [18, 19] sind hier vor allem
elektromagnetische Proben zu nennen [20, 21]. Diese haben im Vergleich zu hadroni-
schen Proben den Vorteil, daf} sie den ganzen Kern ausleuchten, was sie fiir die Suche
nach Mediummodifikationen besonders attraktiv macht. Ebenso impliziert die Tatsa-
che, dafl sie bei T" = 0 nahe des Grundzustandes verlaufen und daher weit weniger
komplex sind als Schwerionenkollisionen, daf sie einfacher zu interpretieren sind. Ein
Nachteil ist allerdings, dafl die maximal auftretenden Dichten von py die Auspriagung
der In-Medium-Effekte beschrianken.

Der Zusammenhang zwischen Wechselwirkung und Modifikation beschrankt sich
natiirlich nicht auf die Nukleonen. Prinzipiell dndert jedes Hadron im Medium durch
die Wechselwirkung seine Selbstenergie. In der Vergangenheit wurden hier vor allem
die In-Medium-Eigenschaften der Nukleon-Resonanzen und Vektormesonen diskutiert.



Hier sind im Rahmen der Vielteilchenmethoden vor allem die Resonanz-Loch-Modelle
zu nennen (z.B. [22, 23, 24, 25]). Der Einflu§ der In-Medium-Breiten verschiedener
Teilchen wie Nukleon-Resonanzen [26, 27], Vektormesonen [20, 28] auf photonukleare
Reaktionen und Pionen [29] in Schwerionenkollisionen wurde im Rahmen des BUU-
Modells bereits untersucht.

Auf der experimentellen Seite ist das Dileptonenspektrum in Schwerionenkolli-
sionen bei SIS-Energien [30] ein deutlicher Hinweis auf eine Modifikation der Rho-
Spektralfunktion. Aber auch in photonuklearen Reaktionen sind Mediummodifikatio-
nen beobachtet worden. Ein Paradebeispiel ist das Verschwinden der hoheren Resonan-
zen in der Photoabsorption am Kern, die zu Beginn der neunziger Jahre in Frascati ge-
messen wurde [31]. Neben den deutlichen Modifikationen im zweiten Resonanzbereich,
die der D;3(1520) [20] und dem Zwei-Pionen-Beitrag [32] zugeschrieben werden, zeigt
auch die A-Resonanz Ps3(1232) eine deutliche Verbreiterung und Reduktion, die kon-
sistent mit Modellrechnungen und anderen experimentellen Untersuchungen in Pion-
Kern-Reaktionen ist [23, 33, 34]. Natiirlich sind solch inklusive Reaktionen nur bedingt
geeignet, genauere Aussagen dariiber zu geben, wie die einzelnen Teilprozesse modi-
fiziert sind. Einen wichtigen Beitrag hierzu haben die Messungen zur Eta- und Pion-
Photoproduktion in Kanélen unterschiedlicher Exklusivitédt durch die TAPS-Gruppe in
Mainz geliefert. Fiir die Interpretation der Ergebnisse und Untersuchung verschiedener
Modifikationsszenarien leisten Transportmodelle gute Dienste [20, 35, 28], insbeson-
dere, weil sie prinzipiell in der Lage sind zu erkldren, auf welchem Weg die Resultate
zustandekommen. Auf der anderen Seite dient der Vergleich mit den Daten auch immer
einer Verbesserung des Modells.

Neben den schon erwéhnten Experimenten sind im Bereich der Elektronstreuung
besonders die Programme am DESY in Hamburg und am Jefferson Lab zu nennen.
Letzteres umfafit auch Untersuchungen im Resonanzbereich, hauptsachlich am Nukle-
on. In diesem Zusammenhang wéren auch Experimente zur Resonanzmodifikation im
Kern aufschlufreich. Bei endlichem Q? werden Resonanzen mit héheren Impulsen er-
zeugt als in der Photoproduktion, so dal durch Variation der Virtualitdt die ganze
Massen- und Impulsabhéngigkeit der wichtigen Resonanzen gemessen werden kénnte.

Ziel dieser Arbeit ist es, das BUU-Transportmodell aus [20] zu erweitern und die
Auswirkung verschiedener Modifikationsszenarien in photon- und elektroninduzierten
Reaktionen zu untersuchen. Dazu wurde die Nukleon-Spektralfunktion in Kernmaterie
berechnet und in das Transportmodell implementiert, wodurch es erstmals mdglich
ist, Reaktionen mit korrelierten Nukleonen in der Verbindung mit realistischen FSI zu
betrachten. Fiir die notwendige Offshell-Propagation wurde das Verfahren aus [20, 16]
verwendet, das dort schon zur Beschreibung von Schwerionenkollisionen benutzt wurde.
Auch die Untersuchung der In-Medium-Eigenschaften von Resonanzen in Reaktionen
am Kern auf der Grundlage der schon oben beschriebenen Vielteilcheneffekte wird hier
weitergefiihrt.

Wir beginnen in Kapitel 2 mit der Préasentation der theoretischen Grundlagen
der Quantentransporttheorie fiir Systeme im Grundzustand. Im folgenden zeigen wir
die Ableitung einer Transportgleichung, die durch weitere Naherungen in die BUU-
Gleichung iiberfiithrt werden kann. Die Spektralfunktion in Kernmaterie wird in Kapitel
3 mit transporttheoretischen Methoden berechnet, wobei wir den Einflul der Selbst-
konsistenz, der Analytizitdt und der Impulsabhéngigkeit des Mean-Fields untersuchen.



4 1. Einleitung

Wir vergleichen die Resultate mit aufwendigeren Vielteilchenmodellen.

Das BUU-Modell, das die Grundlage der Rechnungen am Kern bildet, wird in Ka-
pitel 4 vorgestellt. Dabei geht es zundchst darum, Modellkonzepte wie die Behandlung
des Mean-Field-Potentials und die lokale Dichtendherung vorzustellen. Daneben gehen
wir auf die Anwendung der Nukleon-Spektralfunktion in endlichen Kernen ein und
geben einen Uberblick iiber die relevanten Teilchenarten, Reaktionen und Wirkungs-
querschnitte fiir den Energiebereich der Nukleon-Resonanzregion.

Auf die numerische Seite der Umsetzung wird in Kapitel 5 eingegangen. Es geht hier
zum einen um die Implementierung der Nukleon-Spektralfunktion und die Behandlung
der Offshell-Propagation der Nukleon-Testteilchen durch das einfache Modell in [20, 16].
Dabei vergleichen wir fiir einen Spezialfall die Unterschiede verschiedener Bewegungs-
gleichungen auf die Propagation. Daneben gehen wir auch auf die Initialisierung und
die Umsetzung des Kollisionsterms ein.

Kapitel 6 dient der Ubersicht und Zusammenstellung von Resonanz-Kollisionsbrei-
ten, berechnet iiber Kollisionsraten und in Resonanz-Loch-Modellen. Ebenso diskutie-
ren wir die auf der Basis des Kollisionsterms resultierenden Nukleon-Spektralfunktion
fiir Prozesse oberhalb der Fermi-Energie. Ahnlich zum Resonanzzerfall in ein Rho-
Meson hat auch die Nukleon-Spektralfunktion einen Einflufl auf die Zerfallsbreite im
Medium. Wir zeigen hier Untersuchungen zur S1;(1535)-Breite fiir verschiedene Dichten
und Resonanzimpulse. Ein weiterer Punkt ist die Frage, inwieweit eine Resonanzver-
breiterung im Medium iiberhaupt experimentell beobachtbar ist.

In Kapitel 7 diskutieren wir verschiedene photon- und elektroninduzierte Reaktio-
nen am Kern. Hierbei kommen die vorher in Kapitel 6 behandelten Resonanzmodifi-
kationen zum Einsatz. Die Fiille der Daten zur 7%-Photoproduktion durch die Mes-
sungen der TAPS-Gruppe an MAMI erlaubt einen umfassenden Vergleich mit BUU-
Rechnungen und gibt Aufschluf§ iiber die Giite verwendeter Modifikationen und Me-
thoden. Die Eta-Photoproduktion in der zweiten Resonanzregion ist ein besonderer
Kanal, in dem man fast ausschlieSlich sensitiv auf die Eigenschaften der Si;(1535)
ist. Auch hier ergeben sich durch den Vergleich mit den TAPS- und KEK-Daten neue
Erkenntnisse. In elektroninduzierten Reaktionen kann man den Vorteil nutzen, dafl Re-
sonanzselbstenergien sowohl als Funktion der Masse als auch des Impulses untersucht
werden kénnen. Die Interpretation experimenteller Daten in diesem Hinblick hdngt aber
entscheidend von dem Einflufl der FSI ab. Dies diskutieren wir im Zusammenhang mit
der Pion- und Eta-Elektroproduktion am Kern bei JLab-Energien.

Den Einflufl der Nukleon-Spektralfunktion auf photon- und elektroninduzierte Re-
aktionen am Kern ist das Thema von Kapitel 8. Hier gehen wir auf verschiedene
Proben und kinematische Aspekte ein und untersuchen einige Reaktionen unter die-
sem Gesichtspunkt. Ein Hauptaugenmerk gilt dabei den elektroninduzierten Prozessen
bei hohen Impulstransfers und dem Einflufl der Zerfallsbreitenmodifikation durch die
Nukleon-Spektralfunktion.

Den Abschlu8 der Arbeit bildet eine Zusammenfassung in Kapitel 9.



Kapitel 2

Grundlagen

In diesem Kapitel wollen wir uns zunéchst mit den Grundlagen der Quantentransport-
theorie beschéftigen, die den theoretischen Unterbau dieser Arbeit bilden. Um die fun-
damentalen Konzepte und Grofien einzufiihren, ist es am einfachsten, zunéchst ein un-
endlich ausgedehntes fermionisches System im Grundzustand zu betrachten. Dariiber-
hinaus wird der Formalismus bei der Berechnung der Nukleon-Spektralfunktion in Ka-
pitel 3 benotigt. Zur Ableitung der Transportgleichung, auf der das BUU-Modell (Kapi-
tel 4) basiert, betrachten wir dann allgemeinere Systeme. Ausfiihrlichere Darstellungen
dieses Themengebiets lassen sich z.B. in [4, 36, 38, 13, 37, 14] finden.

2.1 Fermionische Systeme im Grundzustand

2.1.1 Einfiihrung

Wir betrachten ein unendliches System aus Fermionen bei Temperatur 7' = 0, also
z.B. Nukleonen in Kernmaterie. Im Vakuum ist der Zustand eines Teilchens mit Masse
m durch die Kenntnis seines Impulses p oder seiner Energie w bekannt; beide Grofien
héngen iiber die Dispersionsrelation

Y 2.1

W= (2.1)

zusammen. Die Spektralfunktion a(w, p), das ist die Wahrscheinlichkeitsdichte, ein Teil-

chen der Energie w mit dem Impuls p aufzufinden, ist demzufolge durch eine Delta-
Funktion gegeben:

a(w, p) o 6(w — p*/2m). (2.2)

Im Medium dagegen ist die Kenntnis von Impuls und Energie erforderlich. Die Spek-
tralfunktion ist eine komplizierte Funktion von w und p, die einen Peak am Onshell-
Punkt (verschoben durch ein Mean-Field-Potential) w = p?/2m + U(p) aufweist, der
im Gegensatz zum Vakuum eine endliche Breite besitzt. Die Struktur der Spektral-
funktion im Medium wird in Abbildung 2.1 verdeutlicht. Jeder Punkt der (w, p)-Ebene
entspricht einem bestimmten Zustand. Per Definition ist jeder Zustand mit Energie un-
terhalb der Fermi-Energie wpr besetzt. In einer Theorie ohne Wechselwirkung sind nur
die Zusténde, die durch die Dispersionsrelation (2.1) (durchgezogene Linie) gegeben

5
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Abbildung 2.1: Veranschaulichung der besetzten und unbesetzten Zustdnde in ei-
nem System mit und ohne Wechselwirkung. Die durchgezogene Linie entspricht den
Zusténden, die die Dispersionsrelation (2.1) erfiillen. Die grauen Flichen deuten den
Bereich der besetzten Zusténde in einem System mit Wechselwirkung an, der sich iiber
den gesamten Energiebereich unterhalb der Fermi-Energie erstreckt.

sind, besetzt; mit Wechselwirkung entspricht jeder Punkt der grauen Fléchen einem
besetzten Zustand.

Zur Untersuchung eines solchen wechselwirkenden Systems stehen zwei Méglichkei-
ten zur Verfiigung. Einerseits kann man ein Teilchen hinzufiigen und beobachten, was
mit diesem passiert. Aufgrund des Pauli-Prinzips ist das nur fiir w > wpr moglich. Die-
ser Energiebereich nennt sich daher Teilchenbereich. Oder man kann ein vorhandenes
Teilchen aus dem System herausnehmen und schauen, was mit dem erzeugten Loch
passiert. Das ist natiirlich nur fiir w < wp moglich, im sogenannten Lochbereich. Diese
beiden Vorgénge miissen nun theoretisch formuliert werden.

2.1.2 Korrelationsfunktionen

Wir wenden uns nun dem Formalismus zu. Dabei verwenden wir nichtrelativistische
Kinematik, wobei Variablen wie X Vierervektoren (2°,Z) bezeichnen. In einem Viel-
teilchensystem ist es niitzlich, Feldoperatoren v(2°, #) und ¢'(2°, Z) in Heisenberg-
Darstellung zu verwenden, die ein Teilchen am Raum-Zeit-Punkt X vernichten oder
erzeugen. Fiir identische Zeitargumente gelten die Antikommutator-Relationen

{v(t,2), ¢t} =0, {¢(t,2),0'(t 5} =0
{v(t,2), ¢'(t, )} = 6°(7 — 7). (2.3)

Eine wichtige Grofe ist die zeitgeordnete Ein-Teilchen—Greens-Funktion®. Sie ist gege-
ben durch den Erwartungswert (hier beziiglich des Grundzustandes)

(W(X)IY))  fir 2% > y°
(I (Y)(X))  fir 2% <y,

Tn Anhang A.1 findet sich eine Ubersicht iiber verschiedene Greens-Funktionen.

ig?(X,Y) = (T[(X)y!(Y)]) = { (2.4)
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T ist der chronologische Zeitordnungsoperator. Die beiden Ausdriicke in der geschweif-
ten Klammer entsprechen den beiden angesprochenen Moglichkeiten, das System zu
untersuchen: In der oberen Zeile wird ein Teilchen am Punkt Y dem N-Teilchen-
Grundzustand zugefiigt. Dieser N + 1-Teilchen-Zustand wird auf einen N + 1-Teilchen-
Zustand zur spiteren Zeit 2 am Ort & projiziert. In der unteren Zeile wird entsprechend
ein Loch erzeugt.

Mit den nicht-zeitgeordneten Korrelationsfunktionen ¢< und ¢~ 148t sich die Greens-
Funktion kompakt schreiben:

g9(X,Y) =0(z" —y")g” (X,Y) + O(y° — 2°)g=(X,Y), (2.5)
wobel die Korrelationsfunktionen demnach durch

—ig=(X,Y) = (0" (V)9 (X)) (2.6)
ig” (X,Y) = (Y(X)$'(Y)) 2
definiert sind. Im Falle 2° = " handelt es sich bei —ig< offenbar um die Ein-Teilchen-

(1p)-Dichtematrix und bei ig” um die Ein-Loch-(1h)-Dichtematrix. Die Diagonalele-
mente sind die Teilchen- und Lochdichten am Ort .

Die Korrelationsfunktionen lassen sich als Funktion der Relativkoordinaten U =
(u®, @) = (2 —9°, Z—¢) und Schwerpunktskoordinaten R = (r% 7) = ((2°+14°)/2, (Z+
¥)/2) schreiben. Eine vierdimensionale Fourier-Transformation in den Relativkoordi-
naten fiithrt uns zu der verallgemeinerten Wigner-Transformierten

g2 (w, P: R) :/d3u dule "’ =P g2 (U; R). (2.8)

In einem homogenen, unendlich ausgedehnten fermionischen Systen (wie Kernmaterie)
fallt die Abhéngigkeit von R weg. Ebenso hdngen alle Grofien nur noch vom Betrag des
Impulses p" ab. Die Korrelationsfunktionen im Viererimpulsraum konnen interpretiert
werden als Dichte von Teilchen bzw. unbesetzten Zustdnden mit Energie w und Impuls
p. Tatsachlich ist z.B. die totale Teilchendichte durch Integration iiber —ig< gegeben:

Epdw, .
p= / i) (2.9)

2.1.3 Spektralfunktion

Eine weitere zentrale Grofle ist die Spektralfunktion. Sie ist definiert durch

a(w,p) =ig” (w,p) + (—ig=(w, p)). (2.10)

Sie enthélt als Summe der Dichten aller besetzter und unbesetzter Zustdnde die spek-
trale Information des gesamten Systems. Fiir festes p ist die Spektralfunktion normiert:

N(p) Z/d—:a(w,p) =1, (2.11)
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Abbildung 2.2: Dyson-Gleichung.

was in Anhang A.2 bewiesen wird. Wie eingangs schon erwéahnt, ist die Spektralfunktion
im Vakuum gegeben durch

a(w,p) = 27 d(w — p?/2m). (2.12)

Die Korrelationsfunktionen lassen sich iiber die folgende allgemeine Zerlegung durch
die Spektralfunktion ausgedriicken:

—ig~(w,p) = a(w,p)f(w,p) (2.13)
ig” (w,p) = a(w,p)(1 = f(w,p)). (2.14)

Im Gleichgewicht kann die Funktion f bei endlicher Temperatur 7" aufgrund der Rand-
bedingung [4]

9" (w,p) = —e“ /T g<(w, p)

(hierbei ist p das chemische Potential) bestimmt werden und entpuppt sich als die von
p unabhéngige Fermi-Verteilungsfunktion:

1
f(w):m7

wobei = 1/T. Im Grenzfall T — 0 wird die Verteilungsfunktion zu einer Stufenfunk-
tion und es folgt [4]

—ig~(w,p) = a(w,p) f(w) = a(w,p)O(wr — w)
ig” (w,p) = a(w,p)(1 — f(w)) = a(w,p)O(w — wr). (2.15)

Mit dieser Information kann man beispielsweise mit Gleichung (2.9) die Teilchen-
Dichte im Vakuum mit der Spektralfunktion (2.12) berechnen:

b )

T Pr
dpp? = PE

(2m)3 PP = G
0

= d3pdw w—www—2m:
p_/@ﬂﬁw )2mé(w — p*/2m)

mit dem Fermi-Impuls pr = 2mwp. Daraus erhdlt man die bekannte Thomas-Fermi-
Beziehung zwischen Dichte und Fermi-Impuls

pr = (672p)/3. (2.16)

2.1.4 Selbstenergie

Die Selbstenergie stellt ein Maf fiir die Wechselwirkung in einem System dar. Durch
den Einflufl der umgebenden Teilchen wird der Ein-Teilchen-Propagator modifiziert.
Kennt man die Selbstenergie, so kann der In-Medium-Propagator mit Hilfe der Dyson-
Gleichung aus dem Vakuum-Propagator iterativ berechnet werden (sieche Abbildung
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Abbildung 2.3: Selbstenergie in Hartree-Fock-Naherung.

2.2). Die Beitréige zur Selbstenergie kénnen in Gruppen, zu denen irreduzible Dia-
gramme bestimmter Ordnung in der Wechselwirkung gehoren, aufgeteilt werden. Der
einfachste Fall ist die Mean-Field- oder Hartree-Fock-Naherung. Die dazugehorenden
Diagramme mit einer Wechselwirkungslinie sind in Abbildung 2.3 gezeigt.

Der Hartree-Fock-Beitrag Ygp(X,Y) ist lokal in der Zeit (d.h. 2% = 4°), denn in einer
nichtrelativistischen Theorie ist die Wechselwirkung instantan. Daher ist die Selbstener-
gie proportional zu? d(z° — 3°). Daraus folgt, dal die Wigner-Transformierte Yyp(p)
nur vom Impuls, nicht aber von der Energie abhéngt. Dariiberhinaus ist Yygp(X,Y") ei-
ne reelle Grofle. Eine eingehendere Untersuchung des Hartree-Fock-Anteils findet sich

in Anhang A.3.

Die Hartree-Fock-Néherung ersetzt die Wechselwirkung eines Teilchens mit den
anderen in der Umgebung durch ein mittleres Feld, in dem sich dieses Teilchen bewegt.
Dabher ist die Dispersionsrelation in diesem Fall analog der im Vakuum (2.1), verschoben
durch den Wert des Mean-Fields:

o S, (2.17)

2m

Die Spektralfunktion ist weiterhin eine Delta-Funktion
a(w, p) = 216(w — p*/2m — Zur(p)), (2.18)

d.h. ein Teilchen im Zustand (w,p) hat wie im Vakuum eine unendlich grofie Lebens-
dauer.

In der néchsten Ordnung (Born-Néherung) tragen zusétzlich Diagramme bei, die
in Abbildung 2.4 gezeigt werden. Sie spielen in den folgenden Kapiteln — sowohl bei
der Berechnung der Nukleon-Spektralfunktion, als auch im Zusammenhang mit der
Transportgleichung — eine wichtige Rolle. Diese Diagramme konnen mit Hilfe von
Feynman-Regeln [4, 13] ausgewertet werden. Dabei wird jede innere Linie durch die
Ein-Teilchen—Greens-Funktion ¢ (in niedrigster Ordnung genauer die Vakuum—Greens-
Funktion) ersetzt. Eine Wechselwirkungslinie, die von (z°, Z) nach (y°, %) fiihrt, wird
mit v(Z — ¥) bezeichnet. Integrationen tiber die Koordinaten an den inneren Vertizes
ergeben dann den folgenden Ausdruck:

Yron(X,Y) = / d*z / d*2 (9(X,Y)g(Z,Z2")g(Z', Z)v(§ — 2)o(T — Z')
—9(X,2)9(Z,Z2g(Z", Y )v(Z — Z"v(Z — gj’)) (2.19)

2Das gilt allerdings auch im relativistischen Fall.
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Abbildung 2.4: Diagramme zur Selbstenergie in Born-Naherung.

mit den Randbedingungen z° = 2" und y° = 2°. Das relative Minuszeichen riihrt

von dem Fermionen-Loop im linken Diagramm in Abbildung 2.4 her. Es ist ersichtlich,
daf3 dieser Beitrag nicht zeitlich lokal ist. Es macht daher Sinn, die Selbstenergie ¥y
analog der Greens-Funktion aufzuteilen:

Yiot(X,Y) = 0(2° — )7 (X, Y) +0(y° — 22)X<(X,Y). (2.20)

Fir 2° > ¢° z.B. ist Zn(X,Y) = 3>(X,Y) und die Greens-Funktionen in (2.19)
kénnen durch die Korrelationsfunktionen g2 ersetzt werden. Man kann leicht zei-
gen, dafl die Wigner-Transformierte von 3(X,Y") die gleiche Struktur wie Gleichung
(2.19) besitzt, wobei alle Greens-Funktionen und Wechselwirkungen durch ihre Wigner-
Transformierten ersetzt werden miissen:

) d*py d*ps d*p,
> 4 ¢4 2
X7 (w,p) = /(2w)4 (27)4 (27)" (2m)°0N(P + P, — Ps — Py)| M| (2.21)

X (—ig=(wa, pa)) ig” (w3, p3) ig” (Wa, Pa)
mit )
|M’2 = 5(”(17 —p3) —v(p —P4))-

Gleichung (2.21) hat eine interessante Struktur. Sie enthélt einmal die Teilchendich-
te —ig< potentieller Streupartner sowie zweimal die Dichte der offenen Zustande ig~.
Dariiberhinaus sind mit |M|? die Stiirke der Wechselwirkung und eine viererimpulser-
haltende Delta-Funktion sowie Integrationen iiber alle Teilchen- und Loch-Konfigura-
tionen enthalten. Eine solche Grofle ist in der Transporttheorie bekannt als Kollisions-
rate fiir die Streuung eines Teilchens aus einer Konfiguration (w,p) heraus. Fiir X<
existiert eine entsprechende Gleichung:

) d*py d*ps d*py
< _ 44 2
—iX(w,p) = /(27?)4 (@) (27)" (2m)* 0" (P + P, — Py — Py)| M| (2.22)

X ig” (w2, p2) (—ig~ (w3, p3)) (—ig™ (wa, pa))-
Die Interpretation von —i¥<(w, p) als Kollisionsrate fiir die Streuung in eine Konfigu-

ration (w, p) hinein folgt analog. In Abbildung 2.5 sind die Interpretationsmaoglichkeiten
fiir +£i¥.2 graphisch dargestellt.

Fiir T = 0 folgt aufgrund der Energieerhaltung, daf fiir den Bereich w < wr X7 =0
ist: Wegen w + wy < 2wy folgt

w3+ ws =w+ wy < 2wp.
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(w,p) (w3 p;3) (w3 p3) (w,p)

(w,,py) (w,,p) (w,.p) (w,,p))
> >
Abbildung 2.5: Kollisionsprozesse, die ¥~ und —i3< entsprechen.

D.h. die Energie mindestens eines auslaufenden Teilchens (Abbildung 2.5, links) ist
kleiner als die Fermi-Energie und daher Pauli-geblockt. Falls w > wp, so ist X< = 0:
Hier gilt fiir die Summe der Energien der einlaufenden Teilchen (Abbildung 2.5, rechts)
w3 + wy < 2wp und daher

W+ wWo = w3 + wy S 2(4)17.
Aufgrund der Bedingung fiir w ist wy > wp nicht gewahrleistet und der Stofl Pauli-

geblockt. Es folgt, dafl fiir w = wp sowohl ¥~ als auch X< verschwinden. Daher hat
ein solcher Zustand eine unendliche Lebensdauer.

In niedrigster Ordnung (d.h. mit Vakuum—Greens-Funktionen) spricht man im Zu-
sammenhang mit den Kollisionsraten ¥~ und X< von 2-Teilchen-1-Loch-(2p1h)- bzw.
1-Teilchen-2-Loch-(1p2h)-Anregungen. Diese Terminologie bezieht sich nicht auf die
Struktur der Ausdriicke (2.21) und (2.22), denn ¥~ z.B. enthilt eine Teilchen- und
zwei Lochdichten. Sie beschreibt also nicht die urspriingliche Situation, sondern das Er-
gebnis der Kollisionswechselwirkung eines extern hinzugefiigten Teilchens mit w > wp,
die natiirlich nur zu zwei Teilchen oberhalb der Fermi-Energie und einem Loch im
Fermi-See fiithren kann. Entsprechendes gilt fiir <.

2.1.5 Spektralfunktion und Selbstenergie

In diesem Abschnitt stellen wir den Zusammenhang zwischen der Spektralfunktion und
der Selbstenergie her [4, 14]. Wir fithren zunéchst die retardierte Greens-Funktion

gUXY) = 0" — ) g7 (X, Y) - g=(X, V)] (2.23)
und die retardierte Selbstenergie
YX,Y) = Sar(X,Y) + 0(2° — ) [E7(X,Y) — T5(X, Y)] (2.24)

ein. Nach der Wigner-Transformation ergibt sich der folgende Zusammenhang zwischen
der retardierten Greens-Funktion im Medium und der retardierten Selbstenergie:

1
w— 2 Yret(w, p)

2m

ret (

g w,p) = : (2.25)
Zwischen der Spektralfunktion und dem Imaginérteil der Wigner-Transformierten der

retardierten Greens-Funktion besteht die Beziehung

a(wap) = ig>(w7p) + <_ig<(w7p)) =—2 Imgret(w’p)' (226)
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Der Imaginérteil der retardierten Selbstenergie ist proportional zur Summe der Kolli-
sionsraten 73~ und —iX<:

—2Im¥™(w, p) = i¥7 (w,p) + (=X~ (w,p)) =: '(w, p), (2.27)

wobei wir die Breite I' eingefiihrt haben. Mit Hilfe dieser Gleichungen nimmt die Spek-
tralfunktion die folgende Form an:

I'(w,p)
(w - % - Rezret(w’p>)2 + iF(w,p)Q.

a(w,p) = (2.28)

Der Realteil der retardierten Selbstenergie enthélt den reellen Hartree-Fock-Anteil so-
wie einen dispersiven Beitrag, der sich aus dem Imaginérteil von X" (w, p) ergibt:

/

D)
w—w

Rleet(w p) EHF + 7)/ o (229)

Die Geichungen (2.25), (2.27), (2.28) und (2.29) werden in Anhang A.4 bewiesen.

Im Fall I' — 0 wird die Spektralfunktion offensichtlich zur Deltafunktion:
a(w,p) — 218(w — p*/2m — Sur(p)).

Damit ist auch klar, dafl eine Verbreiterung in niedrigster Ordnung der Wechselwirkung
erst durch die Kollisionsbeitréige in Abbildung 2.5 verursacht wird.

2.1.6 Storungsentwicklung

Wir gehen schliefflich kurz auf die Storungsentwicklung der Ein-Teilchen—Greens-Funk-
tion fiir ein System im Grundzustand ein. Eine ausfiihrliche Herleitung ist z.B. in
[13, 39] zu finden. Wir gehen dabei von dem folgenden Hamilton-Operator mit einer
Zwei-"Teilchen-Wechselwirkung aus:

ﬁl_/dewT(f) (—2—) /d3 /d:”ywT @)W V(Z - Du@)v(D) (2.30)
= Hy+ H'.

Im Rahmen der Storungstheorie driickt man den Erwartungswert eines zeitabhingigen
Operators O(t) beziiglich des wechselwirkenden Grundzustands durch Erwartungswer-
te beziiglich des nichtwechselwirkenden Grundzustands (beschrieben durch Hp) aus.
Der Operator in Heisenberg-Darstellung O kann mit Hilfe des Zeitentwicklungsopera-
tors U (to,t) in die sogenannte Wechselwirkungsdarstellung (interaction respresentati-
on) transformiert werden:

N

O(t) = Ulto, )01 (1)U (¢, ).
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Dabei ist U fiir ¢ > o durch die Darstellung

Ut to) =T°¢ exp(—z/dt’ﬁl}(t’)> ,

to

to

Ulto, t) =T exp(—z/dt’ﬁ;(t')> . (2.31)

t

gegeben. Der antichronologische Zeitordnungsoperator T4 ordnet die Operatoren ana-
log der antichronologischen Reihenfolge ihrer Zeitargumente von rechts nach links an.
H} bezeichnet den Wechselwirkungsanteil des Hamilton-Operators (2.30) in der Wech-
selwirkungsdarstellung. U ist ein unitérer Operator und besitzt die Eigenschaft

A~ ~ A

Ulto, t1)U(t1,t) = Ulto, ta).

Hier wird nun das Theorem von Gell-Mann und Low [36, 38, 13] ausgenutzt. Dazu
betrachtet man den Fall, dafl der Wechselwirkungsanteil des Hamilton-Operators adia-
batisch eingeschaltet wird, d.h. den Grenziibergang ¢ — 0 des Ausdrucks

H. = Hy + exp(—elt]) - H'.

Dabei besteht die Hoffnung, daf3 sich das System bei hinreichend langsamen Anwachsen
der Wechselwirkung immer an die 'momentane’ Situation anpassen kann und man
somit in der Gegenwart den exakten Grundzustand |¥) erreicht. In diesem Limes ist
der Zustand, der sich aus dem nichtwechselwirkenden Grundzustand unter Anwendung
des entsprechenden Zeitentwicklungsoperators U. ergibt, genauer

T = lim U:(0. ~0)|) (2.32)
=0 (|0 (0, —00)|®) '

ein Eigenwert des Hamilton-Operators (2.30) (i.a. der Grundzustand). Ist der Grund-
zustand |®) nicht entartet, so entwickelt sich der Zustand |¥) durch adiabatisches
Abschalten der Wechselwirkung wieder zuriick in den nichtwechselwirkenden Zustand,
d.h. Gleichung (2.32) gilt auch, wenn man —oo durch 400 ersetzt. Diese Aussagen ver-
setzen uns in die Lage, fiir den Grundzustandserwartungswert von O(t) zu schreiben:

<‘P|O<t>’q/> — lim (@an(OO,At)OA(t)UE(t, —OO)l@)
=0 (®|U: (00, —00)|®)

Dieser Ausdruck hat nun die Eigenschaft, dafi alle Operatoren in einer bereits zeit-
geordneten Reihenfolge stehen. Daher kann man die Zeitintegrale, die in den beiden
Zeitentwicklungsoperatoren im Zéahler stehen, zusammenfassen und die Zeitordnungs-
operatoren vorziehen:

(@|T€[exp(—i [ di'H}(#))Os(t')]| @) |

W|O(t)| W) = 7
OO = et [ Hy()][o)
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Abbildung 2.6: Die Zeitkontur C' zwischen ¢y und ¢ setzt sich aus dem chronologischen
Zweig (7 und dem antichronologischen Zweig C's zusammen.

Angewendet auf die zeitgeordnete Greens-Funktion liefert diese Erkenntnis einen Er-
wartungswert beziiglich des nichtwechselwirkenden Grundzustandes, der als Basis der
Storungsentwicklung dient:

ig%(x,y) = (VT W (x)" (y)]P)

_(@|Texp(—i [ dt H (1) dr(2) ¥} ()]|®)
(®|TC [exp( —i [7 dt Hp(t))]|®) .

(2.33)

Die Feynman-Regeln fiir den Grundzustand lassen sich mittels der Wick-Zerlegung
extrahieren (siehe z.B. [13]).

Fiir allgemeinere Systeme, die zum Zeitpunkt ¢g durch eine Dichtematrix spezifi-
ziert werden, gelten die Aussagen des Gell-Mann—Low-Theorems nicht, so daf§ der Er-
wartungswert eines zeitabhéngigen Operators im Heisenberg-Bild O(t) beziiglich eines
solchen Zustands nicht in zeitgeordneter Reihenfolge geschrieben werden kann. Daher
gilt zunéchst lediglich

(O(t)) = (U(to, )Or(t)U (¢, t0))
<TA[exp( / dt'Hy(#))] On(t) 7€ exp(— / dtH,(t’))]>

to

Dieser Ausdruck kann in eine zu Gleichung (2.33) analoge Form gebracht werden, die
dann zu einer entsprechenden Stérungsentwicklung fithrt [13]. Dazu fithrt man einen
Ordnungsoperator P ein, der erkennt, ob das Zeitargument eines Operators aus dem
chronologischen oder antichronologischen Teil des Erwartungswertes stammt. Daher
wird eine gerichtete Kontur entlang der Zeitachse eingefiihrt, die auf einem chronolo-
gischen Ast C von der Anfangszeit ¢, zur maximalen Zeit ¢ fithrt und von dort aus
auf einem antichronologischen Ast Cy zuriick zu ty (sieche Abbildung 2.6). Der Ope-
rator P ordnet die Operatoren also entsprechend des Auftretens ihrer Zeitargumente
auf der Zeitkontur von rechts nach links an und wird Pfadordnungsoperator genannt.
Dieser Formalismus wird Schwinger-Keldysh- oder Realzeitformalismus genannt. Der
Erwartungswert lautet somit

(O(1) = <P[exp( / dt' H(t >O<t>)] >
C

Dann kann man eine allgemeine, pfadgeordnete Greens-Funktion

ig(X,Y) = (P[p(X)y!(Y)])
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auf der Kontur definieren, die sich schreiben 148t als

ig(X,Y) = (P [eXp(—i/dt’ﬁ}(t’))wf(XM(Y)D- (2.34)

Hierbei verlduft die Integration iiber die Kontur C' von ty nach ty. Prinzipiell 148t sich
die Kontur auch iiber ¢ hinaus durch Einfiigen entsprechender Zeitentwicklungsopera-
toren ausdehnen bis ¢t = cc.

Die Greens-Funktion kann man wiederum analog zu Gleichung (2.5) durch die Kor-
relationsfunktionen ausdriicken:

g(Xv Y) = 60(1‘0 - yo)g>(X7 Y) + @C(yo - mo)g<<X’ Y), (235)

wobei die Theta-Funktion ©¢ (2% — 3°) auf der Kontur definiert ist:

O (a® — y°) = {1 20 spiter auf C' als 7/°
0 sonst

Durch Festlegung der Zeitpunkte 2% und 3° erhilt man die herkémmlichen Greens-
Funktionen: Liegen #° und y° auf dem chronologischen Zweig, soist g(X,Y) = ¢“(X,Y),
wihlt man 2° und ° auf dem antichronologischen Zweig, so ist g(X,Y) = g4(X,Y).
Liegt z° auf C; und y° auf Cy, so erhilt man g(X,Y) = ¢g<(X,Y) und im umge-
kehrten Fall gilt g(X,Y) = ¢7(X,Y). Insbesondere der Spezialfall eines Systems im
Grundzustand ist in diesem allgemeineren Formalismus enthalten.

2.2 Transportgleichungen

Wir gehen jetzt auf Bewegungsgleichungen fiir die Korrelationsfunktionen ein sowie
auf Nédherungen, wie sie fiir die Beschreibung von Transportprozessen gemacht wer-
den. Dabei wird auch die (verallgemeinerte) BUU-Gleichung diskutiert, die besondere
Relevanz fiir diese Arbeit hat.

2.2.1 Kadanoff-Baym-Gleichungen

Wie bereits erwihnt, liefert die Dyson-Gleichung (Abbildung 2.2) einen Zusammenhang
zwischen der In-Medium—Greens-Funktion g, der Selbstenergie ¥ und der Vakuum-—
Greens-Funktion gg. In analytischer Schreibweise lautet sie

g(X,Y) = go(X,Y) +/d4x’/d4y’gg(X, XNE(X, Yg(Y'Y). (2.36)

Die Zeitintegrationen erfolgen entlang von Zeitkonturen. Die Selbstenergie ist in Ana-
logie zu Gleichung (2.35) durch

(X, Y) =YX, Y) 4+ 0c(2” -y )X (X,Y) + 00y — 2°)85(X,Y)  (2.37)

gegeben. Die Greens-Funktion im Vakuum g, erfiillt die Relation
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Damit folgt fiir die Greens-Funktion im Medium:
2 + vi g(X,Y)=0"(X -Y) +/d4x’Z(X XNg(X',Y).
0x0  2m ’ ’ ’

Durch Wahl von z° auf C} und y° auf Cy oder umgekehrt erhiilt man Bewegungsglei-
chungen fiir die Korrelationsfunktionen:

9 V2 . , e
(a_ ¥ %) 92X Y) = [d [Sae(X, X)X V)
+ / dz’° / B’ [B5(X, X') — 22(X, X)]g2(X",Y)
to

- / dz'” / P’ DX, XN [gS(X',Y) — g2(X,Y)].
(2.38)

Diese Gleichungen sind als Kadanoff-Baym-Gleichungen bekannt [4]. Im ersten Term
auf der rechten Seite wird nur iiber die Ortskoordinaten 1ntegriert weil die Hartree-
Fock-Selbstenergie zeitlich lokal, also proportional zu §(z°—z%') ist. Platzsparender lift
sich (2.38) mit Hilfe der retardieren Selbstenergie und der avancierten Greens-Funktion
(siche Anhang A.1) schreiben:

P 2

( 520+ 2 Ve )ﬁ(x, Y) = /d‘lx/[xmt(x, XNg2R(XY) + E2(X, X)g™ (X', Y)].
x

(2.39)

Aus diesen beiden Gleichungen kann man auch eine Bewegungsgleichung fiir die retar-

dierte Greens-Funktion (A.5) konstruieren:

=2
(Z% + Vm) gret()(7 Y) = 54(X — Y) + /Clﬁlxlzret()(7 X/)gret(X/’ Y) (2'40)

2.2.2 Gradientenentwicklung

Aus den Kadanoff-Baym-Gleichungen (2.39) lassen sich durch Naherungen Transport-
gleichungen fiir die Korrelationsfunktionen ableiten, die in Transportmodellen (siehe
Kapitel 4) verwendet werden. Dies soll nun diskutiert werden.

Dabei betrachten wir Nichtgleichgewichtssysteme, in denen die Abhéngigkeit der
Greens-Funktionen und Selbstenergien von den Schwerpunktskoordinaten R nicht ver-
nachléssigbar, aber doch hinreichend klein ist. In dieser Ndherung wird nun eine Wigner-
Transformation der Kadanoff-Baym-Gleichungen und eine Gradientenentwicklung bzgl.
R durchgefiihrt, wobei alle Terme, in denen Schwerpunktsgradienten héher als der er-
sten Ordnung auftreten, vernachlassigt werden. Dies zeigen wir nun anhand der Bewe-
gungsgleichung fiir g<. Wir betrachten zuerst die linke Seite der Gleichung (2.39). Die
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auftretenden Ableitungen werden umgeschrieben auf die Relativ- und Schwerpunkts-

koordinaten:
o 0 10
90~ b 20
<(U, R) durch die Wigner-Transformierte und erhalten unter

S 5 5 S 1o
vi:vi+vuvr+1v3.

Wir ersetzen ¢<(X,Y) =
Vernachlassigung des R-Gradienten zweiter Ordnung

o V2 dpy [0 VE\ _p ,
<@+_>g<<U’R):/( ) (3ZE0+ )6 PU9<(P7R)
4,/ =12 =/

[ (o B

+o————4i—V
m
Damit gilt fiir die Wigner-Transformierte der linken Seite

200 2m 2

. o V2
/d4ue2PU(zm+—) <(U,R) =
d'p/ : i d Pt P
— d4 P P)U / R —V, < Pl R
/(2@/ S50 g Ty V)9 (LR
—9 . 9

Y O _ho P

~ (o= L) o) - jlo - i m )
wobei wir die verallgemeinerte Poisson-Klammer

V,A -V (2.41)

[A,B] == 0,0 A9,B — ,A0,0B — V,A-V,B+V,A-V,B

eingefiihrt haben. Wir wenden uns nun der rechten Seite zu. Diese hat die Struktur
(fiir das folgende ist es egal, um welche Greens-Funktionen und Selbstenergien es sich

dabei genau handelt):
X+ X X' +Y
S(X, X)g(X,Y) = % (X _x 2t ) (X’ vy, 2+ ) .
Wir driicken die Variablen durch die Schwerpunkts- und Relativkoordinaten R bzw. r
beziiglich X und Y aus. Dazu definieren wir noch V := X — X".

X 4+ X/ -
X gV x_xoy
2 2

X'ty
T —%, X -Y-U-V

Wir fiihren nun eine Gradientenentwicklung bzgl. der Schwerpunktskoordinaten R
durch und behalten nur Terme mit Gradienten einschliellich erster Ordnung:

(X, XNg(X',Y) =%(V,R+ (U —V)/2) g(U —V,R—V/2)
~S(V,R) (U — V, R)

+ % (ﬁrz(v, R)- (@ —0)g(U =V, R)

+ %Z(V R)(u —0 ) (U-V,R)
—wa—WRyVﬂWR%Q%ﬂU—VmeWm)
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Die Wigner-Transformierte der rechten Seite hat die Struktur:
/ d*u etV / d*r'N(X, X )g(X',Y) = / d*a’ / d*uetVePU-VIn (X, X g(X'Y)
= / d*v / d*w Ve "W S(V, R+ W/2)g(W, R — V/2).

Dabei haben wir W := U — V gesetzt. Wir setzen jetzt die Gradientenentwicklung ein,
und es folgt:

/ d*u etV / d*2'N(X, X g(X',Y) = / d*ve”VS(V,R) - / d*w e’V g(W, R)

1= o

+5V, / dveVE(V, R) - / d*w e™VW g(W, R)
1 a zPV ZPW O

+53,9 dveVI(V,R) - g(W, R)
1= )

—5Vr / d*w eV g( / d*v eV S(V, R)
1 a 4 iPW 4 1PV 0

~ 550 d*we d*ve Y(V,R).

Da
7elt’V = —H’ﬁpe“gv, W0tV = —ig, et

erhalten wir
/d4ueiPU/d4x’E(X, XNg(X')Y)=%(P,R)g(P,R) — 5[E(P R),g(P, R)].

Das Endergebnis der Gradientenentwicklung der Kadanoff-Baym-Gleichung fiir ¢< lau-
tet also (vgl. [14]):

= zret(P, R)g<(P,R) + ©<(P, R)¢™ (P, R)

~ SISPR), g% (P R) - S[55(P.R), gV (PR, (242

wobei ¢g* die avancierte Greens-Funktion ist (siche Anhang A.1). Es handelt sich um
eine komplexwertige Gleichung.

Wir extrahieren nun den Realanteil. Dazu ist es notwendig zu wissen, daf g<(P, R)
bzw. ©2(P, R) rein imaginire Grofen sind [14]. Mit ¥ = ReX** — i['/2 erhalten wir
fiir den reellen Anteil:

P _ Rexr™(P, R), g“(P. R)] = (P, R)g~(P, R) + 2Img™ (P, R)S=(P, R)

w =5
+ [2<(P, R),Re g"(P, R)).



2.2. Transportgleichungen 19

Hierbei haben wir noch verwendet, dafi g™ = ¢ ist [14]. Mit Hilfe von (2.26) und
(2.27) ergibt sich:

~2

w — §—m — ReX™(P, R), ¢<(P, R)|+[Re ¢"*(P, R), <(P, R)] =
i¥> (P, R)g=(P,R) — i<(P,R)¢g” (P, R). (2.43)

Diese Transportgleichung findet sich in [4]. In [14] wird gezeigt, dafl Real- und Ima-
ginérteil im Rahmen der Gradientenentwicklung erster Ordnung dieselben Informa-
tionen beinhalten. Dazu mufl eine bestimmte Kombination von Selbstenergien und
Greens-Funktionen, die auf ersten Blick von nullter Ordnung in der Gradientenent-
wicklung zu sein scheinen, als zur ersten Ordnung gehorend behandelt werden.

Die eben beschriebene Gradientenentwicklung kann auch fiir die Kadanoff-Baym-
Gleichung fiir g~ wiederholt werden und liefert dann eine entsprechende Transportglei-
chung fiir ¢~:

w — §—m — ReX™ (P, R),g” (P, R)] + [Re ¢"*(P, R),¥> (P, R)] =
—i>(P,R)¢~(P,R) +i2<(P,R)¢" (P, R). (2.44)

In [14] werden aus der Gradientenentwicklung der Kadanoff-Baym-Gleichungen
(2.39) und (2.40) explizite Ausdiicke fiir die Wigner-Transformierte der retardierten
Greens-Funktion hergeleitet. Es zeigt sich, daf§ die Gleichungen (2.25), (2.28) und
(2.29), die in Anhang A.4 fiir ein Gleichgewichtssystem bewiesen wurden, auch in der
ersten Ordnung der Gradientenentwicklung Bestand haben. Ebenso ist die Spektral-
funktion auf eins normiert.

Wir machen nun eine Néherung fiir die Selbstenergien. Dabei werden alle Korrela-
tionen zwischen den Teilchen, die iiber Zwei-Teilchen-Kollisionen, wie sie im Rahmen
der Born-Nédherung beschrieben werden, hinausgehen, vernachléssigt. Damit approxi-
mieren wir X< durch die Kollisionsraten in den Gleichungen (2.21), (2.22).

Es lohnt sich, die Struktur der Transportgleichung (2.43) zu untersuchen. Die erste
Poisson-Klammer auf der linken Seiten lautet ausfiihrlich:

2

o . . . .
—w = 5= = ReX"™,g%] = =59 + V. H - V9% = V,H - V,g°
0 0

+ %Reyet%uf — %Rezm%f (2.45)
mit einer Hamilton-Funktion H = p?/2m+ReX"". Die ersten drei Summanden werden
als Drift-Term bezeichnet und kénnen grob als totale zeitliche Ableitung von ¢< auf-
gefat werden. Die beiden verbleibenden Summanden werden durch die Energie- und
Zeitabhédngigkeit der Selbstenergie verursacht. Auf der rechten Seite von (2.43) treten
die Kollisionsraten ¥2 zusammen mit den Korrelationsfunktionen g2 auf. Mit unserer
Interpretation dieser Groflen kann man die rechte Seite als Differenz eines Gewinn- und
eines Verlustterms, also als Netto-Effekt der Kollisionen aus einem bzw. in ein bestimm-
tes Phasenraumelement bei (w, p, 7) auf die Verteilungsfunktion auffassen. Man spricht
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auch vom Kollisionsterm (oder Kollisionsintegral). Die zusétzliche Poisson-Klammer
auf der linken Seite von (2.43) stellt einen Beitrag dar, der aufgrund der Annahme ei-
ner endlichen Teilchenbreite zustande kommt. Der Term hat die Tendenz, die Kompo-
nenten der Korrelationsfunktion weitab der Massenschale zu reduzieren und diejenigen
nahe des Onshell-Punktes zu verstéirken, wenn das Teilchen aus dem Medium lauft,
d.h. es auf die Massenschale zu setzen [40]. Da bislang unklar ist, wie dieser Term
numerisch umzusetzen ist, wird er entweder vernachléssigt oder im Rahmen der Test-
teilchenmethode (siehe Kapitel 5.1) in der Propagation der Testteilchen beriicksichtigt
[14, 15]. Dazu wird beobachtet, dafl der Ausdruck

—i%" = (= p*/2m = ReX™)* +-T*/4) (=ig")

von erster Ordnung in der Gradientenentwicklung ist. Die zweite Poisson-Klammer auf
der rechten Seite von Gleichung (2.42), in der X< auftaucht, ist demzufolge von zweiter
Ordnung in der Gradientenentwicklung und kann im Rahmen unserer Néherung geméf

[ReS™ (P, R),S<(P, R)] =
[ReX™(P,R), ((w—p°/2m — ReX™"(P, R))* + I'*(P,R)/4) g=(P, R)]

ausgetauscht werden. Weitere Umformungen fithren dann auf die Transportgleichung

ST(P, R)a(P, R) [w - % _ ReS™ (P, R), g<(P, R)]
LR PR, (- L~ R (P ) g (P R)] =
IS (P, R)g=(P, R) — i<¢> (P, R). (2.46)

Klammert man auf der linken Seite den Faktor 1/2I'a aus, so erhélt man den Drift-
Term, der auch in Gleichung (2.43) auftritt. Die zusétzliche Poisson-Klammer ist nun so
umgeschrieben worden, dafl die Korrelationsfunktion ¢g< auftaucht und der Term somit
dem Drift-Term, der die Propagation der Testteilchen beschreibt, dhnelt. Tatséchlich
stellt sich heraus, dafl hierdurch die Bewegungsgleichungen der Testteilchen beeinflufit
werden. Diese Diskussion verschieben wir auf Kapitel 5.2.

Um den Drift-Term auf der linken Seite wiederherzustellen, wird die Transportglei-
chung in [14] durch den Faktor 1/2T"a geteilt. Das bedeutet aber, dafl der Kollisionsterm
auf der rechten Seite im Vergleich zu Gleichung (2.43) gedndert wird. Diese Modifika-
tion werden wir in unseren Rechnungen, die auf den im zugrundeliegenden Modell aus
[20] verwendeten Wirkungsquerschnitten im Vakuum basieren, nicht beriicksichtigen.
Die im néchsten Abschnitt vorgestellte BUU-Gleichung enthélt also denselben Kollisi-
onsterm wie die Transportgleichung (2.43).

2.2.3 Die Boltzmann-Uehling-Uhlenbeck—(BUU)—Gleichung

Wir diskutieren nun, wie man aus der Transportgleichung (2.43) die BUU-Gleichung,
wie sie urspriinglich zur Modellierung nuklearer Reaktionen verwendet wurde, erhélt.
Dazu gehen wir in den Quasiteilchen-Limes iiber, d.h. ersetzen die Spektralfunktion
durch a(w,p) = 2m6(w — p?/2m — Xxr(p)). Die explizite Energieabhiingigkeit wird
durch Integration iiber w beseitigt. Gleichzeitig mufl man auf der linken Seite (aber
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nicht auf der rechten!) den Kollisionsbeitrag der Selbstenergie ¥< vernachlissigen [4],
wodurch ReX™ = Yyp wird und die zweite Poisson-Klammer verschwindet. Auf der
rechten Seite konnen wir die Energieintegrale ausfiihren:

S dw
B2 ) = [ SR ) B )
_ / d’py dPps d’py
—J @m? (2n) 2n)?
X{f(ﬁzfro)( F (@,

(1= f(pa, 7 )) (P, F

und wir finden mit (2.45) die BUU-Gleichung

(2m)*6Y (P + Py, — Py — Py)|M|*x

(aao Vo HuiV, = ¥, Hug¥ ) @70 = 51— f(7.7.1°) - 57 [ (5.7 °) (2.48)

mit der Mean-Field-Hamilton-Funktion

2

Hug = 5+ e (p). (2.49)
Der dispersive Beitrag zum Realteil der Selbstenergie wird iiblicherweise aufler acht ge-
lassen. Die BUU-Gleichung beschreibt die Verénderung der Ein-Teilchen-Verteilungs-
funktion f unter dem Einflufl eines Mean-Fields und Zwei-Teilchen-Kollisionen. Sie ist
insbesondere nur auf Teilchen auf der Massenschale anwendbar. Das ist vor allem fiir
Teilchen, die schon im Vakuum eine endliche Breite haben (z.B. Resonanzen) proble-
matisch. Dasselbe gilt aufgrund der Aquivalenz zwischen Kollisionsraten und Breiten
auch fiir im Vakuum stabile Teilchen (z.B. Nukleonen).

Bei der BUU-Gleichung handelt es sich im wesentlichen um die klassische Boltzmann-
Gleichung (z.B. [41]), abgesehen von den Pauli-Faktoren im Kollisionsterm, die von
Nordheim [42] und spéter von Uehling und Uhlenbeck [43] zur Beschreibung fermioni-
scher Systeme eingefiigt worden sind. Eine andere Herleitung iiber die Reduktion der
Hierarchie relativistischer Dichtematrizen findet sich in [12].

Setzt man die rechte Seite der BUU-Gleichung gleich null, so erhélt man die soge-
nannte Vlasov-Gleichung [41], die die Bewegung von nicht-wechselwirkenden Teilchen
in einem mittleren Feld beschreibt.

Grob gesprochen erhélt man die BUU-Gleichung, indem man auf den beiden Sei-
ten der urspriinglichen Transportgleichung (2.43) unterschiedliche Annahmen fiir die
Kollisionsraten macht; auf der linken Seite, die die Propagation beschreibt, werden
sie vernachléssigt, auf der rechten nicht. Sie spielen jedoch auf beiden Seiten eine un-
terschiedliche physikalische Rolle [4]: Auf der rechten Seite beschreiben sie den dyna-
mischen Effekt der expliziten Kollisionsprozesse, auf der linken Seite, wie die Energie-
Impuls-Beziehung im Vergleich zur Mean-Field-Approximation verédndert wird. Mit der
BUU-Gleichung werden Teilchen beschrieben, die sich zwischen den Kollisionen als freie
Teilchen (in einem mittleren Feld) bewegen. In der urspriinglichen Transportgleichung
dagegen werden sie auch wiahrend der Propagation durch die Kollisionsraten beeinflufit.
Die Teilchen behalten sozusagen eine gewisse Erinnerung an die Kollisionen, die sich
in der Energie-Impuls-Beziehung manifestiert.
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Um die Problematik mit Teilchen endlicher Breite zu umgehen, wurde das vorlie-
gende Modell in [20, 28] durch die Anwendung einer verallgemeinerten BUU-Gleichung
erweitert, die man aus (2.43) erhélt, indem man einfach nur die zweite Poisson-Klammer
auf der linken Seite vernachlassigt:

(% + VHyiV, — ﬁﬂmﬁp) < =iX<¢g” —i¥7g~. (2.50)
Die Korrelationsfunktionen enthalten die spektralen Informationen der Teilchen. Daher
ist es moglich, z.B. auch Resonanzen abseits ihrer Polmasse zu beschreiben. Im Rah-
men der Zwei-Teilchen-Kollisionen findet auch die Verlagerung von Stéarke zu anderen
Komponenten der spektralen Verteilungsfunktion hin statt. Allerdings beschreibt die
linke Seite dieser Transportgleichung keine Anderung der Teilchenenergie (siche Dis-
kussion der Bewegungsgleichungen in Kapitel 5.2). Diese kann lediglich auf der Basis
des Kollisionsterms gedndert werden. Ist die Breite eines Teilchens grof3 genug, so ist
der Einflul des Kollisionsterms der relevante, denn die Teilchen haben schon reagiert
(und ggf. ihre Energie gedindert), bevor der Einflufl der linken Seite der urspriinglichen
Transportgleichung (2.43) zum Tragen kommt. Ist die Teilchenbreite besonders klein,
so ist die Onshell-Beschreibung im Rahmen der gewohnlichen BUU-Gleichung (2.48)
ausreichend. Problematisch ist der Bereich zwischen diesen Extremféllen. Wir kommen
darauf in Kapitel 5 zuriick.

Bislang haben wir den Fall eines fermionischen Systems behandelt. Da das BUU-
Modell in Kapitel 4 auch bosonische Freiheitsgrade beinhaltet, erwéihnen wir kurz, dafl
die Transportgleichungen (2.50) und (2.48) auch fiir Bosonen gelten mit dem Unter-
schied, daf§ die Korrelationsfunktion ig” = a(1 + f) anstelle des Pauli-Faktors einen
Bose-Faktor enthélt.

Die Koordinaten 7 und 7° standen bislang fiir Schwerpunktskoordinaten. In un-
serer Herleitung haben wir uns auf Systeme beschriankt, in denen die Abhéngigkeit
aller relevanter Grofien von diesen Koordinaten vorhanden, aber klein ist. Daher ist
es gerechtfertigt, ¥ und r° als Orts- und Zeitkoordinaten, an denen wir das System
betrachten, anzusehen.



Kapitel 3

Die Nukleon-Spektralfunktion in
Kernmaterie

3.1 Uberblick

Wir betrachten in diesem Kapitel die Spektralfunktion des Nukleons in Kernmaterie.
Nukleonen sind im Vakuum (zumindest bzgl. der starken Wechselwirkung) stabile Teil-
chen. In Kernmaterie kommt es aufgrund der Wechselwirkung zwischen den Nukleonen
zu einer Anderung der Dispersionsrelation (2.1). Die Nukleon-Nukleon-Wechselwirkung
erfolgt durch Mesonenaustausch. Sie besitzt neben dem attraktiven Anteil, der durch
die Mean-Field-Theorie hinreichend gut beschrieben wird, eine stark repulsive Kompo-
nente bei sehr kleinen Absténden. Hierdurch werden Korrelationen zwischen den Nu-
kleonen (short-range correlations) verursacht, die die Mean-Field-Beschreibung nicht
erfait. In Kapitel 2 haben wir mit den Kollisionsprozessen in Abbildung 2.5 bereits
Reaktionen diskutiert, die {iber das Mean-Field-Bild hinausgehen.

Experimentelle Untersuchungen zu diesem kurzreichweitigen Aspekt der Nukleon-
Wechselwirkung und der Spektralfunktion basieren iiblicherweise auf Reaktionen, bei
denen ein Proton aus dem Kern entfernt wird. Dabei handelt es sich um hadronische
oder elektromagnetische "Knock-out’-Reaktionen (z.B. (d,® He) [44, 45] bzw. (e, €'p)-
Reaktionen [46, 47, 48, 49]). Letztere nutzen den Vorteil, daf elektromagnetische Pro-
ben den gesamten Kern ausleuchten, hadronische dagegen lediglich sensitiv auf die
duBersten Oberflichenbereiche sind [49, 50], wo man nicht unbedingt nach In-Medium-
Effekten suchen sollte. Die Spektralfunktion wird in (e, €’p)-Experimenten durch die
Messung des fehlenden Impulses p,, und der fehlenden Energie F,, des herausgeschla-
genen Protons bestimmt. Vernachldssigt man die Endzustandswechselwirkungen (final
state interactions, FSI), so handelt es sich dabei um den urspriinglichen Impuls des Pro-
tons vor der Reaktion und die Energie, die zum Herauslosen notwendig war. In dieser
Néherung gibt die Anzahl der gemessenen Protonen in einem bestimmten (F,,, p,,)-Bin
Auskunft iber die Wahrscheinlichkeit, im Kern ein Proton mit bestimmtem Impuls p,,
und bestimmter (Bindungs-)Energie E,, zu finden. Tatséchlich geht diese Anschaulich-
keit durch die FSI verloren.

Fiir festen Impuls p,, liefert das Energiespektrum die zu erwartenden Spektrallinien,
die den Ein-Teilchen-Energieniveaus des Kerns entsprechen. Dies ist fiir die Reaktion
2C(e, ¢/p)''B in Abbildung 3.1 zu sehen. Hier ist die Spektralfunktion als Funktion der

23
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Abbildung 3.1: Spektralfunktion an Kohlenstoff aus Elektron-Kern-Reaktionen. Die
Abbildung stammt aus [48].

Anregungsenergie
Ex =E,, — (B — Ep)

(EQ, EY Grundzustandsenergien der Kerne) des resultierenden Bor-Kerns fiir p,, ~
0.172 MeV aufgetragen. Die drei linken Spektrallinien stammen vom Proton-Knockout
aus der 1p-Schale und entsprechen der Vorhersage des Schalenmodells. Dariiberhinaus
findet sich aber auch Stérke bei anderen Energien: Z.B. stammen die Linien oberhalb
von Exy = 6 MeV von Protonen, die in Energieniveaus safien, die im Schalenmodell
des Kohlenstoff-Kerns im Grundzustand nicht besetzt sind; es handelt sich um stark
gebundene Zustande.

Die experimentellen Untersuchungen fokussieren sich auch auf die Messung der
spektroskopischen Faktoren, d.h. die Starke, mit der die vom Schalenmodell vorherge-
sagten Niveaus tatséchlich besetzt sind. Diese lassen sich aus dem Vergleich der gemes-
senen Impulsverteilungen der einzelnen Spektrallinien mit Schalenmodell-Rechnungen
gewinnen. In (e, ¢’p)-Reaktionen werden spektroskopische Faktoren extrahiert, die nur
50-80% ihres Sollwertes betragen [46, 50]. Resultate aus (d,® He)-Experimenten dage-
gen sind konsistent mit dem Schalenmodell. In [50] wurde gezeigt, dal dieser scheinbare
Widerspruch mit der schon angesprochenen Sensitivitdt hadronischer Proben auf die
Kernoberfliche zusammenhéngt. Eine Reanalyse der (d,® He)-Daten unter Verwendung
der aus den (e, e'p)-Messungen extrahierten vollstdndigen gebundenen Wellenfunktion
fithrte zu mit (e, €'p)-Ergebnissen konsistenten spektroskopischen Faktoren. Die Absen-
kung in den erlaubten Niveaus ist ein weiterer Hinweis darauf, dafl durch die Korrela-
tionen Stéarke verschoben wird.

In unendlicher Kernmaterie treten all diese Eigenschaften im Prinzip ebenfalls
auf. Im Gegensatz zu endlichen Kernen sind die Ein-Teilchen-Wellenfunktionen hier
auch Impuls-Eigenzusténde. In einem Fermi-Gas ohne Korrelationen, dem Gegenstiick
zum Schalenmodell, gibt es daher bei festem Impuls ein einziges deltaférmiges Ener-
gieniveau (anstelle mehrerer Peaks wie in Abbildung 3.1). Da alle Niveaus bis zum
Fermi-Impuls besetzt sind, ist die Impulsverteilung durch eine Stufenfunktion gege-
ben. Durch ’Anschalten’ der Korrelationen werden den reinen Ein-Loch-Zustédnden
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komplexere Teilchen-Loch-Konfigurationen beigemischt, die in Kernmaterie zu einer
kontinuierlichen Verbreiterung der deltaférmigen Peaks fithren, was automatisch eine
Verschmierung der Impulsverteilung in den Bereich oberhalb des Fermi-Impulses nach
sich zieht. In endlichen Kernen beobachtet man die in Abbildung 3.1 sichtbaren zusétz-
lichen, aber diskreten Linien, da sie energetisch im diskreten Bereich des Spektrums
angesiedelt sind.

3.2 Andere Modelle

Bevor wir uns der transporttheoretischen Berechnung der Spektralfunktion zuwenden,
wollen wir kurz zwei andere Modelle vorstellen.

Wir werden unsere Ergebnisse mit dem Modell von Benhar et al. [7, 51] verglei-
chen. Hier wird die Spektralfunktion im Rahmen der OCB-Theorie (orthogonal corre-
lated basis theory) [52, 6] berechnet. Dabei wird die Spektralfunktion im Lochbereich!
geschrieben als

P(k,E) = |{0laf|n)*6(E — (E, — Ea)). (3.1)

Dabei handelt es sich bei |0) und |72) um den Grundzustand des Systems mit Eigenwert
E 4 bzw. die Eigenzustinde des (A — 1)-Teilchen-Systems mit Eigenwerten F,. E steht
fir die Anregungsenergie, mit der das (A — 1)-System hinterlassen wird, wenn ein
Nukleon mit Impuls £ entfernt wird.

Ohne jegliche Korrelationen wird in (3.1) ein Nukleon mit Impuls & aus dem Grund-
zustand entfernt und das restliche System mit einer Anregungsenergie £ = —k?/2my
in einem wohldefinierten Ein-Loch-Zustand hinterlassen. Aufgrund der Orthogonalitét
der Ein-Loch-Zustédnde bricht die Summe zusammen und {ibrig bleibt das schon be-
kannte Resultat fiir die Spektralfunktion

P(k,E) = §(E + k?/2my).
Ein Vergleich mit (2.12) zeigt, dafi die beiden Spektralfunktionen iiber
a(w, k) =2r P(k, E)

zusammenhéngen. Hierbei ist zu beachten, dafi £ die Anregungsenergie des (A — 1)-
Systems nach Wegnahme eines Nukleons mit Energie w = —F ist.

Die OCB-Theorie basiert auf der Verwendung einer Basis aus orthogonalen, korre-
lierten Wellenfunktionen. Diese werden fiir Rechnungen in Kernmaterie durch Anwen-
dung eines Korrelationsoperators auf Fermi-Gas-Zusténde erzeugt. Der Korrelations-
operator beinhaltet Nukleon-Nukleon-Wechselwirkungen des Typs "Urbana v4+TNI,
die aus der Zwei-Nukleon-Wechselwirkung v14 und einem Drei-Nukleon-Anteil (TNI)
besteht. Die genaue Gestalt des Korrelationsoperators wird durch Minimierung des
Erwartungswertes des vollen Hamilton-Operators beziiglich des korrelierten Grundzu-
standes |0) bestimmt. Die intermedidren Ein-Loch-Zustédnde (|n) in Gleichung (3.1))
werden zusétzlich noch orthonormiert. Die OCB-Zusténde sind nur Ndherungen an die
tatsdchlichen Eigenzusténde der Theorie, die in Gleichung (3.1) auftreten. Der volle

'Die Behandlung des Teilchensektors erfolgt entsprechend, siehe [51].
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Hamilton-Operator H wird nun aufgespalten in einen Teil [—A[O, dessen Eigenfunktionen
die OCB-Zusténde sind und einen restlichen "Wechselwirkungsanteil” H;.
Man kann die Spektralfunktion (3.1) in der Form

Olal (H — o — E —in)~tai|0

schreiben; FEj ist der Eigenwert des Grundzustandes. Der Operator zwischen dem
Erzeugungs- und dem Vernichtungsoperator kann in eine Stoérungsreihe in H; ent-
wickelt werden. Ebenso wird der wirkliche Grundzustand |0) mittels einer &hnlichen
Entwicklung in H; durch den OCB-Grundzustand |0) ausgedriickt. Setzt man diese
Ausdriicke in Gleichung (3.2) ein und betrachtet nur Terme bis zur ersten Ordnung
in H;, so erhélt man ein Resultat, in dem nur noch OCB-Zusténde auftreten. Damit
in der Spektralfunktion nur noch Matrixelemente der beiden Operatoren Hy und H;
stehen, werden mehrfach Eins-Operatoren in der OCB-Basis eingefiihrt, so dal neben
dem OCB-Grundzustand |0) und den Ein-Loch-Zusténden |n) auch Beimischungen von
np-nh- und mh-(m — 1)p-Zustédnden auftauchen. In den Benhar-Arbeiten werden 2p-
2h- und 2h-1p-Beimischungen beriicksichtigt. Das Resultat ist eine Spektralfunktion,
die von der deltaférmigen Form abweicht; es tritt wie weiter oben beschrieben fiir fe-
sten Impuls eine Verbreiterung in der Energie auf. Die Impulsverteilung ist nicht (wie
in unkorrelierter Kernmaterie) durch eine Stufenfunktion gegeben, sondern weist eine
Aufweichung der Fermi-Kante auf.

Das Modell von Benhar et al. beinhaltet neben einer realistischen und umfassenden
Beschreibung der Nukleon-Wechselwirkung duflerst aufwendige Methoden der moder-
nen Vielteilchentheorie und kann sicherlich als ein state-of-the-art-Modell bezeichnet
werden. Als solches eignet es sich sehr gut als Benchmark fiir andere Modelle.

Wir wollen nun noch auf das Modell von Ciofi degli Atti et al. [5] eingehen. Es
basiert auf der Beobachtung, dafl der Teil der Impulsverteilungen oberhalb der Fermi-
Kante fiir alle Massenzahlen A bis auf einen absoluten Faktor sehr dhnlich sind und
dem des Deuterons gleichen. Dieser Anteil wird durch Nukleonen mit grofSiem k£ und F
verursacht. Im Zwei-Nukleonen-Korrelations-Modell (2NC) werden die Beitréige zu ho-
hen E, k durch Grundzustandskonfigurationen beschrieben, bei denen ein Nukleon mit
groflem Impuls k durch ein anderes Nukleon mit Impuls ~ —k fast vollsténdig aufgewo-
gen wird. Der Schwerpunktsimpuls dieses korrelierten Paares ist also ungefahr null. Das
restliche System aus A —2 Nukleonen agiert dabei als Spektratorensystem ohne weitere
innere Anregung. Aufgrund der Energieerhaltung ergibt sich fiir die Anregungsenergie
E%_, des (A — 1)-Systems

k2 k2
E; N
A A Dmn ™ 2my
A2 2

*

ALY A 1 omy

In diesem Bild 148t sich die Spektralfunktion allerdings nur fiir diskrete Energiewerte,
die den (nur von k abhéngigen) Anregungsenergien entsprechen, angeben. Um eine in
der Energie kontinuierliche Spektralfunktion zu berechnen, mufl das 2NC-Modell erwei-
tert werden. Hierzu nimmt man an, dal der Schwerpunktsimpuls des korrelierten Nu-
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kleonpaares nicht verschwindet, aber klein ist. Das Nukleonenpaar bewegt sich im we-
sentlichen unabhéngig vom Restkern und spiirt lediglich dessen Mean-Field. Die Spek-
tralfunktion ergibt sich als Integral iiber Verteilungsfunktionen, die den relativen Im-
puls des Nukleonenpaares und dessen Schwerpunktsimpuls beschreiben. Fiir den Rela-
tivimpuls nimmt man aufgrund der oben angesprochenen funktionalen A-Unabhéngig-
keit des Hochimpulsanteils die Deuteron-Verteilung. Die Schwerpunktsimpulsverteilung
wird als Gau-formig angenommen. Man erhélt in diesem Modell Spektralfunktionen
und Impulsverteilungen fiir alle moglichen Massenzahlen bis hin zu Kernmaterie. In
diesem Fall zeigt sich eine ausgezeichnete Ubereinstimmung mit dem Benhar-Modell.

3.3 Anwendung auf Kernmaterie

Wir wenden nun die Erkenntnisse aus Kapitel 2.1 auf ein System aus Kernmaterie bei
Temperatur 7 = 0 an. Eine kiirzere Fassung dieses Kapitels findet sich in [53, 54].
Eine Erweiterung des Modells auf endliche Temperaturen wurde in [55] vorgenommen.
Die hier beschriebene Vorgehensweise kann auch auf andere fermionische Systeme an-
gewendet werden. So wird in [56, 57] die Quark-Spektralfunktion in Quark-Materie
untersucht.

In Kapitel 2.1 wurden innere Freiheitsgrade der Teilchen wie Spin und Isospin ver-
nachlassigt. Man kann aber entsprechend verschiedene Greens-Funktionen einfiihren, in
denen die Feldoperatoren auf Spin und Isospin sensitiv sind. Wir interessieren uns fiir
spin- und isospinsymmetrische Kernmaterie. Das bedeutet, daf§ die Greens-Funktionen
fiir alle moglichen Kombinationen identisch sein miissen. Zur Berechnung der Dichte
mufl man daher lediglich Gleichung (2.9) mit dem Entartungsfaktor g multiplizieren.
Im Vakuum erhélt man daraus analog zu (2.16) die Thomas-Fermi-Relation

6 1/3
Pr = <—7T2P) :
g

In den Selbstenergien (2.21) und (2.22) hat die spezielle Spin- und Isospinkombination
der an der Kollision beteiligten Teilchen nur Einflufl auf das Matrixelement. Die totale
Kollisionsrate eines Nukleons mit Spin S; und Isospin /; im einlaufenden Zustand (d.h.
i37) ist die Summe iiber alle moglichen Spin- und Isospinkombinationen der anderen

beteiligten Teilchen:
Sen =22, Traau

S2,12 S3,13 Sq,14

Verzichtet man auf die Information {iber Spin und Isospin, so muf} iiber S7, I; gemittelt
werden:

Z E51,11

5'1,[1

= / g5 g” g (. Z Z Z Z ‘M’S1,11752,IZ7537]37547]4

51 Iy So,I2 S3,I3 Sa,14

= g/--- 9=9” 9= ()M,
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Abbildung 3.2: Diagrammatische Struktur des selbstkonsistenten FEin-Teilchen-
Propagators. Die Dyson-Gleichung (untere Zeile) korrespondiert zu einer Aufsummie-
rung aller 'sunset’-Diagramme.
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das iiber Spin und Isospin der einlaufenden Teilchen gemittelte und iiber Spin und
Isopin der auslaufenden Teilchen summierte Matrixelement ist. Analog ergibt sich, dafl
man auch in Gleichung (2.22) das Matrixelement einfach durch g|M|? ersetzen muf.
Wir erhalten also fiir die Kollisionsraten der Nukleonen in Kernmaterie den Ausdruck

172 _ d*py d'ps d'p o454
? (wap) =g (271')4 (271')4 (27T)4 ( 7T) (p +p2 —P3— p4) a<w27p2) CL(WB’pB) G<W4,p4)

{@(wp — wy) O(ws — wr) O(wy — wr)
@(WF — CUQ) @(wp - wg) @(LUF — W4).

x [MJ? (3.3)

Wir wollen noch einmal daran erinnern, dafl bei T' = 0 die Breite I' entweder durch
—1X< (fir w < wp) bzw. durch i3~ (fiir w > wr) gegeben ist.

In (3.3) taucht die Spektralfunktion auf. Andererseits geht +i%< in die retardier-
te Selbstenergie ein, von der wiederum die Spektralfunktion abhéngt. Daher muf} die
Spektralfunktion selbstkonsistent berechnet werden. Dazu wahlt man eine Ausgangs-
form der Spektralfunktion a(®), mit der dann die erste Niaherung des Imaginérteils der
Selbstenergie, also die Breite '™ berechnet wird. Hieraus I8t sich dann iiber Dispersi-
on der Realteil der Selbstenergie ausrechnen, und die erste Iteration der Spektralfunkti-
on aM) steht fest. Diese Iterationsprozedur wird nun solange wiederholt, bis Konvergenz
erreicht ist. Tatséchlich 148t sich die selbstkonsistente Vorgehensweise auch diagram-
matisch interpretieren. Wahrend im ersten Iterationsschritt lediglich iiber intermediére
2p-1h- und 2h-1p-Zustande integriert wird, werden die intermedidren Nukleonenpropa-
gatoren in der darauffolgenden Iteration selbst mit 2p-1h- und 2h-1p-Strukturen ver-
sehen. Dies fiihrt sich in den hoheren Iterationen weiter fort, so daf§ das konvergierte
Ergebnis der Spektralfunktion einem In-Medium-Propagator entspricht, der eine Auf-
summation einer ganzen Klasse von np-mh-Einschiiben enthélt. Dies ist in Abbildung
3.2 gezeigt.

Es bleiben nun zwei Fragen offen: Wir haben bislang {iberhaupt keine Aussagen
tiber das Matrixelement in (3.3) gemacht. Im Prinzip kénnte man es aus dem NN-
Wirkungsquerschnitt schétzen, jedoch ist dieser nur im Vakuum, also mit Nukleonen
auf der Massenschale, bekannt. Wir schlagen hier einen anderen Weg ein und machen
die zunéchst sehr extrem erscheinende Annahme, dafl das Matrixelement nicht von
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Impuls und Energie der Nukleonen in der Kollisionsreaktion abhéngt. Was die Impul-
sabhéngigkeit angeht, so entspricht diese Annahme einer deltaférmigen, also kurzreich-
weitigen Wechselwirkung im Ortsraum. Die verbleibende Konstante wird so angepafit,
dafl die aus der iterierten Spektralfunktion berechnete Impulsverteilung (siche Glei-
chung (3.6)) oberhalb der Fermi-Kante in der Héhe mit den Ergebnissen von Benhar
[51] tibereinstimmt. Damit haben wir (wenn auch sehr grob) die vollstdndigen Aspekte
der Nukleon-Wechselwirkung im Medium beriicksichtigt. Die zweite Frage richtet sich
an die Wahl der Ausgangs-Spektralfunktion a(*) und wird im folgenden behandelt.

3.4 Einflu3 der Selbstkonsistenz

3.4.1 Berechnung der Selbstenergien

Wir fithren die Rechnungen wie in [51] mit einem Fermi-Impuls pr = 1.33 fm ™' durch.
Dies entspricht (in etwa) der Saturationsdichte von Kernmaterie py ~ 0.16 fm™>. Wir
wéhlen in diesem Abschnitt

L'y
_ eff)2 + ir%

a(O) (w, p) — =

2mpy

(w—

mit konstanter Breite I'y = 0.1 MeV. Die Wahl dieses Wertes hat keinen Einflufl auf die
Ergebnisse. Wir ersetzen den Realteil der retardierten Selbstenergie durch eine Kon-
stante U.g und legen den Wert fest, indem wir fordern, daf§ die Energie der Nukleonen
auf der Massenschale mit Fermi-Impuls pr der Bindungsenergie pro Nukleon wrp = —16
MeV entspricht (Hugenholtz—van-Hove-Theorem [58], siche auch Abschnitt 4.2.2):

2
wp = 2 4 Ug = —16 MeV.,
2mN
Daraus ergibt sich U = —52.6 MeV. Im Prinzip kann diese Konstante durch eine

Umdefinierung der Energieskala w — w + Ueg absorbiert werden. Damit stehen die
Spektralfunktionen a; := a(w;, p;), ¢ = 2,3,4 in (3.3) fiir den ersten Iterationsschritt
fest.

Wir miissen nun das 12(!)-dimensionale Integral in (3.3) ldsen. Zunéchst fallen
wegen der Delta-Funktion die vier Integrale iiber wy, py weg?:

|M |2 3 3
(271')8 de dw3 d D2 d P3 (12@2 CL3@3 CL4@4.

Wir legen die z-Achse des Koordinatensystems in Richtung des Teilchens mit Impuls p.
5 sei der Winkel zwischen p'und ps. Damit liegt der totale Impuls pioy = p4pa2 = p3+pa
durch die Vorgabe von p, ps, s, s fiir die innere Integration iiber ps3 fest. Fiir diese
verwenden wir pio; als z-Achse und definieren 93 als Winkel zwischen pi; und ps3. Die
Integration iiber dcos3 kann durch dp, ersetzt werden: Es ist

+iX =g

p£21 = pgot + p% — 2cos 193ptotp3
= dpj = —2perp3dcos Uy

2Der Kiirze halber lassen wir die Unterschiede zwischen ¥ < und 3> weg. Beide unterscheiden sich
nur durch die Argumente in den Theta-Funktionen.
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mit den Grenzen

pimin = pgot + p?& — 2PtotPs, pi,max - pfot + p?’, + 2ptotp3-

Die Integrale iiber @9, (3 sind trivial und man erhélt

[ oo 1 o pi,max
. | M|? dp?
+iX =g 2n)0 dws [ dwy [ dpy p3 [ deosdy | dps p3 Zptojpg 205 4303 a40,4. (3.4)
0 -1 0 pi,min

Interessant ist, dal sich ¥< und X~ nur durch die Integrationsgrenzen fiir w, und
ws unterscheiden. Diese werden durch die Theta-Funktionen bestimmt. Es gilt fiir X<
wegen w < wp und w3 < wg

Wt wp <w+wr =ws+wy <wsg+ Wp,

=  ws3 € [w,wp]
sowie wegen wse > Wp
Wo =ws+ws —w < Wp+wsg —w,
= Wy € |wp,wr —w+ ws).
Analog folgt fiir ¥~
w3 € [wp,w| und wy € w3+ wp — w,wr|.

Die Breiten werden auf einem (w, p)-Gitter mit Schrittweite Aw = Ap = 0.05 GeV mit
Begrenzungen |w| < 0.5 GeV und p < ppax = 1.25 GeV berechnet. Fiir Zwischenwerte
von w und p wird zweidimensional interpoliert.

3.4.2 Resultate

In Abbildung 3.3 ist die Breite fiir verschiedene Impulse unterhalb und oberhalb des
Fermi-Impulses als Funktion der Energie w (diese entspricht der negativen Anregungs-
energiec —F in den Benhar-Arbeiten) zu sehen. Wie schon weiter oben ausgefiihrt,
wurde das Matrixelement so angepafit, dafl unser Ergebnis fiir die Impulsverteilung
das Ergebnis aus [51] gut reproduziert. Das fiihrt zu einem Matrixelement von

1/2
(IMPZ) ™ =207 MeV - " (3.5)

Verwendet man diese Zahl, um den Wirkungsquerschnitt fiir eine Zwei-Nukleonen-
Streuung im Vakuum abzuschétzen, so erhélt man einen Wert von o ~ 20 mb. Das
Matrixelement ist direkter vergleichbar mit der In-Medium-Streuamplitude, die in [59]
im Rahmen der Landau-Migdal-Theorie mit der Zustandsgleichung fiir die Urbana-
Wechselwirkung zu 221.0 MeV-fm? bestimmt wurde. Dies und die schon oben ange-
sprochene Tatsache, dal unser Matrixelement durch die Anpassung an [51] (gemit-
telte) Informationen iiber eine realistische Nukleon-Wechselwirkung enthélt, spricht
dafiir, dafl der von uns verwendete Wert sinnvoll ist.
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Abbildung 3.3: Nukleonenbreite fiir verschiedene Impulse als Funktion der Energie.
Gezeigt sind die Resultate nach der ersten Iteration und das voll iterierte Ergebnis.

Die gestrichelten Kurven geben das Ergebnis nach der ersten Iteration wieder, die
durchgezogenen Linien zeigen die selbstkonsistenten Breiten. Die Konvergenz ist sehr
schnell, und zwar schon nach der dritten Iteration erreicht. Der Unterschied zwischen
beiden Kurven ist recht klein. Tendenziell liegen die voll durchiterierten Breiten im
Bereich weitab der Massenschale unterhalb der Ergebnisse nach der ersten Iteration.
Fiir w = wp verschwindet die Breite aus den in Kapitel 2.1.4 genannten Griinden. Im
Teilchensektor (d.h. bei positiven Energien w) steigen die Breiten mit zunehmender
Energie an. In diesem Bereich resultiert die Breite aus Kollisionsprozessen, bei denen
das Teilchen mit der Energie w im einlaufenden Kanal auftaucht. Mit steigender Ge-
samtenergie im Kollisionsprozef 6ffnet sich dann der Phasenraum fiir die auslaufenden
Teilchen unbeschréinkt. Hierin liegt der Grund, warum wir den Realteil der Selbst-
energie durch eine Konstante U,z approximieren, denn der dispersive Anteil zu ReX"™*
miiBte iber das Dipersionsintegral (2.29) berechnet werden. Dazu darf die Breite nicht
starker als mit w® mit z < 1 ansteigen. Selbst wenn dies erfiillt wére, miiite die Dis-
persion doch iiber ein sehr grofles w-Intervall ausgefiithrt werden, um die Konvergenz
des Integrals zu gewéhrleisten. Eine notwendige erhebliche VergrofSerung des Energie-
Impuls-Gitters wére aus numerischen Griinden nicht wiinschenswert. Das Resultat im
Teilchensektor ist also nicht zu gebrauchen. Die Vernachléssigung der Energie-Impuls-
Abhéngigkeit von ReX™ und die damit verbundene Verletzung der Analytizitit der
Selbstenergie hat natiirlich Auswirkungen auf die Spektralfunktion, die im folgenden
noch diskutiert werden. Ein Problem ist, daf§ die Spektralfunktion nicht mehr geméaf
Gleichung (2.11) normiert ist.
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Abbildung 3.4: Impulsschnitte der Spektralfunktion. Die durchgezogenen Linien zeigen
das voll iterierte Resultat, die gestrichelten die erste Iteration. Die gepunkteten Linien
zeigen die Spektralfunktion aus [7, 51].

Der tiefere Grund fiir dieses unphysikalische Verhalten liegt in dem konstanten Ma-
trixelement, so dafl im Teilchenbereich lediglich die Phasenraumintegrale in Gleichung
(3.4) maBgeblich sind. Der Vergleich mit [51] zeigt, daBl die Beriicksichtigung der vollen
Nukleon-Wechselwirkung zu einem Absinken der Breite bei groflen Energien fiihrt, also
zu einer dhnlichen Struktur wie im Lochbereich.

In Abbildung 3.4 zeigen wir Schnitte der Spektralfunktion fiir dieselben Impulse
wie in Abbildung 3.3. Gezeigt sind wieder die Ergebnisse nach der ersten und nach der
vollstéandigen Iteration. Der erste Impulsschnitt liegt unterhalb des Fermi-Impulses.
Man sieht nun direkt den EinfluB der Korrelationen: In unkorrelierter Kernmaterie
befinde sich an der Onshell-Stelle w = p?/2my + U ein deltaférmiger Peak. Dieser
weist nun eine Verbreiterung auf, ist aber deutlich zu erkennen. Die Wirkung der Kor-
relationen ist also dahingehend, dafl Stdrke vom Onshell-Peak bis in Bereiche weitab
der Massenschale verschoben wird. An der Fermi-Energie verschwindet die Spektral-
funktion, da die Breite verschwindet?. Die anderen drei Impulsschnitte liegen oberhalb
des Fermi-Impulses; der Onshell-Peak liegt hier also im nicht gezeigten Teilchensektor.
Der Einflufl der Korrelationen ist so stark, dafl selbst Stéarke aus dem Teilchen- in den
Lochbereich verschoben wird. Die spezielle Buckel-Struktur wird durch das Verschwin-
den der Spektralfunktion bei wg verursacht. Interessant ist, dafi (zumindest fiir grofie
Impulse) die Lage des Maximums dieser Buckel in etwa mit der Lage des dazugehoren-
den Onshell-Peaks korrespondiert, d.h. wopshen & —wWguekel- Abbildung 3.4 zeigt auch,

3Das gilt natiirlich nicht fiir p = pp.
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Abbildung 3.5: Impulsverteilung der Nukleonen in Kernmaterie. Die gestrichelte Linie
zeigt das Resultat aus [51]. Die Datenpunkte aus der y-Scaling-Analyse stammen aus
[60].

dafl der EinfluBl der hcheren Iterationsschritte auf die Spektralfunktion sehr klein ist,
nur weitab der Massenschale Auswirkungen hat und sich in einer weiteren Verschiebung
von Stérke von Onshell- in den Offshell-Bereich manifestiert.

Wir vergleichen nun mit den Ergebnissen von Benhar et al. [51]. Die Ubereinstim-
mung fiir alle Impulsschnitte ist angesichts der gemachten Annahmen fiir das Matrix-
element iiberraschend gut. Dies fithrt uns zu der Folgerung, daf§ die Spektralfunktion
im Lochsektor nicht sensitiv auf die explizite Struktur der Nukleon-Wechselwirkung
ist, sondern hauptséchlich auf deren globale Stérke. Daraus folgt dann aber, daf§ die
Struktur, also die funktionale Abhéngigkeit von der Energie, hauptsichlich durch die
Phasenraumintegrale in (3.4) dominiert wird. Man sollte sich nochmals vor Augen
halten, dafl unser transporttheoretisches Modell wesentlich einfacher ist als die kom-
plexe Viel-Teilchen-Maschinerie, die in [7, 51] zum Einsatz kommt. Die unterschiedliche
Lage der Onshell-Peaks fiir p = 0.787 fm~! wird durch die Vernachlissigung der Im-
pulsabhéingigkeit des Realteils der retardierten Selbstenergie verursacht. Mehr dazu
diskutieren wir in Abschnitt 3.6.

Mit der Spektralfunktion kann man nun die Impulsverteilung

n(p)zfga(w,p) (3.6)

— 00

berechnen, wobei iiber alle besetzten Zustéinde summiert wird. Das Ergebnis ist in
Abbildung 3.5 zu sehen. Man sieht deutlich den Unterschied zu unkorrelierter Kern-
materie, in der die Impulsverteilung eine Theta-Funktion mit Stufe bei p = pp wére.
Die Korrelationen sind fiir die Beitrdge oberhalb der Fermi-Kante verantwortlich, die
sich bis weit hinaus zu grofien Impulsen erstrecken. Der Vergleich mit dem Ergebnis aus
[51] (gestrichelte Linie) unterstreicht nochmals unsere bisherigen Folgerungen. Die 'Da-
ten’ sind das Resultat einer y-Scaling-Analyse zur Bestimmung der Impulsverteilung in
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endlichen Kernen aus A(e, ¢’) X-Experimenten [60]. Da die gezeigten Daten aus einer
Extrapolation von endlichem A nach A = oo stammen, ist z.B. die charakteristische
Stufe bei p = pr nicht sichtbar. In Abbildung 3.5 zeigt sich erstmals die Auswirkung
der Analytizitatsverletzung in dem Anstieg der Impulsverteilung zur Fermi-Kante hin,
den die Benhar-Kurve nicht aufweist. Wir werden auf den Einflufl der Analytizitat im
néachsten Abschnitt ausfiihrlich zu sprechen kommen.

Eine natiirliche Relation, die die Impulsverteilung erfiillen sollte, ist die Normierung

T LT 4
/d3pn(p) = /d3p O(pr — p) = =P, (3.7)
0

3
0

die zum Ausdruck bringt, dafl die Korrelationen lediglich Stérke verschieben, aber nicht
erzeugen oder vernichten sollten. Es sollte nicht verwunderlich sein, dafl dies aufgrund
der Verletzung der Analytizitdt in unserem Fall nicht gewéhrleistet ist (Abweichungen
~ 15%). Fiir einen direkten Vergleich mit [51] haben wir daher unsere Spektralfunktion
so renormiert, daf§ das Integral (3.7) im in Abbildung 3.5 gezeigten Impulsbereich
dem iiber die Benhar’sche Impulsverteilung entspricht. Auf eine Neuanpassung des
Matrixelements wurde verzichtet. In Abbildung 3.4 ist die gemé&fl Benhar renormierte
Spektralfunktion P = a(w,p)/27 zu sehen.

3.5 Einflul der Analytizitéit

Im letzten Abschnitt haben wir gesehen, dafl die Verletzung der Analytizitéit der Selbst-
energie zu einem unphysikalischen Verhalten der Impulsverteilung (Abbildung 3.5) nahe
der Fermi-Kante fiithrt. Wir wollen unser Modell nun so erweitern, dafl die Analytizitét
bewahrt werden kann. Dazu machen wir Gebrauch von einer weiteren Erkenntnis aus
dem letzten Abschnitt, namlich daf§ die Spektralfunktion bis auf geringe Unterschiede
weitab der Massenschale bereits nach der ersten Iteration bestimmt ist. Im folgenden
werden wir — anders als in Kapitel 3.4 — fiir die anfingliche Spektralfunktion eine
Delta-Funktion ansetzen:

a O (w;, pi) = 27 8(w; — P2 /2my). (3.8)

Dies fithrt dazu, dal in Gleichung (3.3) drei weitere Integrale wegfallen, so dafl der
gesamte Ausdruck numerisch viel einfacher zu handhaben ist. Durch die Vernachléssi-
gung der hoheren Iteration kénnen wir auch auf die Einfithrung eines (w, p)-Gitters
verzichten. Bestehen bleibt dagegen das Problem, dafl wir keine sinnvollen Resultate
im Teilchenbereich erhalten und damit keine Dispersion zur Berechnung des Realteils
der Selbstenergie durchfithren kénnen. Daher fithren wir einen Formfaktor F' ein, der,
mit dem konstanten Matrixelement multipliziert, dafiir sorgen wird, daf3 die Breite fiir
grofle w und/oder grofle p wieder abfillt. Wir wihlen den Ausdruck

A4
52\
At + (Wtot + ﬂ)

4mN

F(Wtotaﬁtot) = (3-9)

mit Wyoy = w + wWo = w3 + Wy, Prot = P + Po = P3 + py und A = my. Der Formfaktor ist
symmetrisch unter Austausch der Teilchen im Eingangs- und Ausgangskanal. Daher
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kann er im Loch- und Teilchensektor in gleicher Art und Weise verwendet werden®?. Die
Struktur wurde durch Formfaktoren, wie sie im Rahmen von K-Matrix-Rechnungen
(z.B. [61]) verwendet werden, motiviert. Sie spielt aber letztendlich fiir die Analytizitét
keine Rolle.

Der Realteil der retardierten Selbstenergie besteht gemafi Gleichung (2.29) aus dem
Hartree-Fock-Anteil Ygp, der nur vom Impuls abhéngt, und eben dem dispersiven
Anteil ¥p, um den es hier geht:

ReX™"(w, p) = Sur(p) + Lp(w, p). (3.10)

Im letzten Abschnitt haben wir den dispersiven Anteil vernachlassigt, den Mean-Field-
Beitrag durch ein konstantes ’effektives Potential’ U.g ersetzt und somit die komplette
Impuls- und Energieabhéngigkeit vernachléssigt. Die Energieabhéngigkeit, allein durch
Yp bestimmt, wird nun einbezogen. Der statische Mean-Field-Anteil wird weiterhin
durch eine Konstante >y approximiert. Diese Konstante kann durch eine Redefinition
der Energieskala w — w + ¥ absorbiert werden. Relativ zu Abschnitt 3.4 ist die Skala
daher um Usg = 0.0526 GeV verschoben.

Wir fordern zunéchst, dal der Realteil der Selbstenergie auf der Massenschale allein
durch ¥y gegeben ist oder — auf der neuen Energieskala — verschwindet:

ret ( 7p)
ReE (p /2mN, )—O—EHF +7)/ o w

o= (3.11)

_TWhp)
N —
< wr (P 7)/ 27 p2/2mN—w

Es gilt also fiir den vollen Realteil:

[ du 1 |
Eret — -rTr / .

- (222 - “’) P 7 C;iw <p2/2m§ (j};ﬂ)(w — )

—00

Obige Forderung ist also gleichbedeutend mit der Verwendung einer subtrahierten Dis-
persionsrelation zur Bestimmung von X p.

3.5.1 Selbstenergien mit Delta-Funktionen

Wir wenden uns nun der Berechnung der Selbstenergien zu und fithren die Rechnung
anhand von X< vor. Wir ersetzen die Spektralfunktionen in (3.3) durch die Delta-
Funktionen (3.8):

_i2<(w>p) =

(2?—)8 (2m)° /d4p2 d'ps d*py ' (p + p2 — p3 — pa) M2 (3.12)

X (5(&)2 — EQ)@((UQ — LUF) 5(W3 — E3)@<CUF — W3) 5(w4 — E4)@(LUF — W4)

4Geht man vom Teilchen- in den Lochsektor, so werden ein- und auslaufende Impulse vertauscht,
siehe Abbildung 2.5.
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mit B; = p?/2my+U(p;). Hierbei haben wir (in weiser Voraussicht auf Kapitel 3.6) die
Moglichkeit einer Erweiterung des Modells dahingehend offengelassen, daf§ der Realteil
der Selbstenergie auf der Massenschale nicht verschwindet und eine Impulsabhéngigkeit
hat. Das Matrixelement |M]2 beinhaltet nun den Formfaktor (3.9):

— . —2
|/\/l|2 = F<wt0t7pt0t)2 : |M0| .

2
Dabei verwenden wir weiterhin den Wert |[My| = 207 MeV-fm? aus dem letzten Ka-
pitel. Wir fithren zunéchst die Integrationen iiber die Energien aus:

—iX"(w,p) = C/d3p2 d*ps dP*py d(w + By — B3 — Ey)8* (5 + Pa — s — Pa) F (Whot Prot)
X @(E2 — wF)@(u)F — Eg)@(u)p — E4)

mit der Abkiirzung

__9 3TAA T2
C .= (271-)8(27‘-) ‘Mo’ .

Die Delta-Funktion mit dem Dreierimpuls ermdglicht die Integration tiber ps:
S wp) = C [y Epudlo = By = By+ (o i — 57 2ma + U + 51— 1)
X F(wtot,ﬁtm)2 @(Eg + E4 — W — WF)@(LUF — Eg)@(wF — E4)

Wir fithren nun Schwerpunkts- und Relativimpulse sowie geeignete Winkel ein:

o P3Py o
q:

k= =Dy — D,
5 D3 — D4
A0
k-p kg’
womit wir schreiben konnen
— %% (w,p) = C - (27)? /dk dqdz dy k* ¢* F (Weet, Prot ) (3.13)
]{72 q2
X 0| w—— — —— — UK+ /4 + kqy) — UK + ¢2/4 — kqy)

2+ 4k? — 4pk
+ P i px+U(\/p2+4k2—4pkx))

ZmN
1, 1
x O wF—Q—(k +4q + kqy) — \/k:2+q2/4+qu)
my
1 1
><@<wp—2—(k‘2 4612 kqy) — U(VE? + ¢2/4 — k‘qy))
my

1
><9< (k:2+4q Y+ UWK2 + @2 /4+ kqy) + UWK2+ ¢2/4 — kqy) — w — wp)

Wir haben den Potentialterm U bisher nur fiir die spateren Anwendungen in Kapitel 3.6
mitgenommen. Wir lassen ihn jetzt aber geméfl Gleichung (3.11) wieder weg. Dadurch
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tritt eine enorme Vereinfachung ein:

—1X(w,p) =C - (27T)2/d]€ dq dz dy k? ¢
x §(w + k*/my — ¢°/Amy + p*/2my — 2pkz/my)
X F(wiot, Prot)” O(2K* + ¢*/2 — 2mpyw — p3)
X O(pp — k* — ¢* /4 — kqy) O(ph — K — ¢* 4+ kqy),

wobei wir p% = 2mywr gesetzt haben. Die verbleibende Delta-Funktion kann dazu
verwendet werden, die xz-Integration auszufithren. Dabei gilt

k? 7> p? 2pkx my
- 2k

5 - = N5z —
(w + my 4mN + 2mN myn (l’ 1.0)

mit ro = (my/2pk)(w + k*/my — ¢*/4my + p?/2my), und es folgt aufgrund der
Invarianz des Integranden unter y — —y

o) o 1
2
—iX(w,p) =C - 87r2/dk;/dq/dy kj%# F?O(2k* + ¢*/2 — 2myw — pF) (3.14)
0 0 0
x O(1 — x0) O(xo + 1) O(pF — k* — ¢* /4 + kqy) O(pF — k> — ¢* /4 — kqy).

Die Theta-Funktionen, in denen x, auftaucht, sorgen dafiir, daBl den Grenzen der x-
Integration Rechnung getragen wird.

Die y-Integration kann ebenfalls ausgefiihrt werden. Dazu betrachten wir den y-
abhéngigen Teil des Integrals

/0 dy ©(a — by)O(a + by)

mit a = p% — k* — ¢*/4 und b = kq. Die Theta-Funktionen ergeben die Bedingungen
a > by bzw. by > —a. Der Integrationsbereich beschrénkt y € [0, 1]. Daher wird die
erste Bedingung zu a > 0 und die zweite zu b > —a, was aber schon aus der ersten
Bedingung und der Tatsache, dafl b = kg > 0 sein muf (Integrationsbereiche von k, q),
folgt. Die Theta-Funktionen sind — was die Bedingungen fiir die untere Grenze von a
angeht — konsistent mit ©(a). Zur Untersuchung der oberen Grenze betrachten wir die
zwei Moglichkeiten a > b und a < b. Im ersten Fall spielt die erste Theta-Funktion
©(a — by) keine Rolle, da y nur bis 1 lduft. Im zweiten Fall dagegen schneidet sie den
Integrationsbereich von y bei a/b ab. Es gilt also

/01 dy©(a — bx) O(a+ bx) = /0 dy©(a)©(a—b)+6O(b—a)O(a/b—y)]

1 a/b
:@(a)[/o dy@(a—b)+/0 dyO(b—a)]
— 0(a)[O(a —b) + %@(b —a)l.
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Damit finden wir nun
< 2 i [ kg*my 2 2 2 2
—iX~(w,p) =C - 87° [ dk quF O(2k* + ¢°/2 — 2mpyw — p})
0 0 P
X O(1 — x0) O(zo + 1) O(ph — k* — ¢°/4)

k* —q?/4
kq

2
X [9(p2p—k2—q2/4—kQ)+pF O(kq — pp + k> + ¢*/4)| .

Fiir die Theta-Funktionen in der eckigen Klammer gilt wegen
pe— K = ¢’ /4 = kg =1k — (k—q/2)* >0 & pp>k—q/2
auch
O(py — k* = ¢*/4—kq) = O(pr —k = q/2), O(kq —pp+k* +q*/4) = O(k +¢/2—pr),

womit wir das Endergebnis erhalten:

. 2g —2 T T kg*m
i) = (25)3 Mo /dk/dq q2p ~FPO(2K +¢°/2 - 2myw — p})
0 0
X O(1 — x9) O(z0 + 1) O(ph — k* — ¢°/4)

2 k2 _ ,2/4
x[@@F—k—Wm+pF kQQ/<)

(k+q/2—pr)|. (3.15)

Giinstigerweise kann man mit Hilfe der Theta-Funktionen Grenzen fiir k, ¢ abschétzen.
Wegen O(p% — k* — ¢?/4) kann weder k noch ¢/2 den Fermi-Impuls pr iiberschreiten.
Damit zeigt sich sehr schon, dafi der Phasenraum fiir die Endzusténde im Lochsektor
fiir alle w und p beschrankt ist.

Nachdem dieselbe Rechnung auch fiir ¥~ durchgefithrt wurde, ergibt sich

, 2 o [ [ kem
Y7 (w,p) = (275)3’/\/{0\ /dk/dqupN F?O(—2k* — ¢*/2 + 2myw + p})
0 0

x O(1 — 20) O(zo + 1) O(=p% + k* + ¢*/4)

2 _ 12 _ 2/4
< [Ope k- g2 - 2 =g

(=k+q/24+pr)|. (3.16)

Die fiir die oberen Integrationsgrenzen von k, ¢ relevanten Informationen stecken dies-
mal in der ersten Theta-Funktion:

2myw + pa > 2k* 4+ ¢*/2.

Hier sieht man, daf§ der Phasenraum mit steigender Energie w ebenfalls ansteigt, wo-
durch letztenendes der Anstieg der Breite im Teilchensektor verursacht wird. Wir
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Abbildung 3.6: Nukleonenbreite als Funktion der Energie fiir verschiedene Impuls-
schnitte. Gezeigt sind Rechnungen mit (durchgezogene Linien) und ohne Formfaktor
(gestrichelte Linien).

miissen also hoffen, dafl der Formfaktor gute Arbeit leistet. Dieser ist als Funktion
von k, q gegeben durch

A4
A+ (fnﬁ - i)m
N

4mN

F(Wtot, ﬁtot) =

Im Vergleich zu Ausdruck (3.4) sind (3.15) und (3.16) fiir die erste Iteration nume-
risch erheblich einfacher zu handhaben. Insbesondere sind die Theta-Funktionen sehr
einfach zu implementieren.

3.5.2 Resultate

In Abbildung 3.6 zeigen wir nun die Breite fiir verschiedene Impulsschnitte als Funktion
der Energie. Die Fermi-Energie liegt auf der verwendeten Skala bei wp = p%/2my =
0.0366 GeV. Das globale Verhalten gleicht dem in Abbildung 3.3. Die Wirkungsweise
des Formfaktors ist deutlich erkennbar: Wahrend der Lochsektor praktisch unbeeinflufit
bleibt, wird die Breite bei groflen positiven Energien heruntergedriickt. Das Verhalten
im Lochbereich ist iiberaus begriilenswert, denn mit den Resultaten dort waren wir
recht zufrieden. Der Grund dafiir findet sich in der vierten Theta-Funktion in Gleichung
(3.15), die die Impulse abschneidet: Wegen p% > k? + ¢*/4 gilt 2p% > 2k? + ¢*/2 >
2k* + ¢*/4 und daher ist fiir w < wg

4

A
F > ~ 0.9994. 3.17
N T @2 ) (3.17)
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Abbildung 3.7: Teilchen- und Loch-Spektralfunktion mit (durchgezogen) und ohne (ge-
strichelt) Formfaktor fiir verschiedene Impulsschnitte. Die gepunkteten Linien stammen
von Benhar et al. [7, 51].

Die maximale Breite im Teilchensektor liegt etwa eine Gréflenordnung oberhalb der
Breite im Lochsektor. Fiir die Resultate von Benhar et al. [51] gilt dies nur fiir grofie
Impulse, oberhalb von pg. Unterhalb sind die maximalen Teilchen- und Lochbreiten
in etwa gleich. Prinzipiell ist es natiirlich moglich, den Formfaktor so zu wahlen, daf3
die Benhar-Ergebnisse fiir die Breiten reproduziert werden. Da wir aber hauptséchlich
am Lochsektor interessiert sind und die Spektralfunktion dort weder vom Formfaktor
noch von der Analytizitét der Selbstenergie stark beeinflut wird (siehe weiter unten),
verzichten wir darauf. Viel wertvoller ist die Eigenschaft (3.17) des Formfaktors.

In Abbildung 3.7 zeigen wir den Einflu} des Formfaktors auf die Spektralfunktion,
berechnet ohne den Realteil® der Selbstenergie. Ahnlich wie bei der Breite éndern sich
die Ergebnisse mit Formfaktor fiir w < wp gar nicht und oberhalb von wg nur bei groflen
Energien. Die gepunkteten Linien zeigen die Ergebnisse von Benhar et al., fiir die beiden
kleinen Impulse auch im Teilchen-Sektor. Dort zeigen sich fiir den Impulsschnitt bei
p=0.8 fm™! (< pr) wie schon angekiindigt deutliche Unterschiede. Die Insensitivitét
der Loch-Spektralfunktion auf den Formfaktor hat natiirlich zur Folge, dafl auch die
Impulsverteilung, berechnet geméf (3.6) ohne ReX, sich nicht dndert.

Die Unterdriickung der Breite fiir grofle w reicht aus, um das Dispersionsintegral
auszurechnen. In Abbildung 3.8 zeigen wir den Real- und den Imaginérteil der retar-
dierten Selbstenergie. Der Verlauf des Realteils sieht dem einer Breit-Wigner-Funktion
sehr &hnlich, was durch den dominanten Peak in der Breite bei positiven Energien

®’0Ohne Realteil’ bedeutet hier lediglich, dal gem#f (3.11) der dispersive Anteil ¥p weggelassen
wird. Aufgrund der Wahl der Energieskala fiithrt dies aber auf das gleiche hinaus.
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Abbildung 3.8: Real- und Imaginérteil der retardierten Selbstenergie. Die gepunkteten
Linien zeigen die Offshellness w — p?/2my.

hervorgerufen wird. Wie auch die Breite selbst, hdngt der dispersive Realteil stark von
dem Formfaktor ab. Man sieht, dal — wie gefordert — ReX auf der Massenschale jeweils
verschwindet.

Der Einflul der Analytizitat auf die Spektralfunktion ist in Abbildung 3.9 zu sehen.
Generell sind die Auswirkungen klein. Das héngt damit zusammen, dafl der Realteil der
Selbstenergie in der Spektralfunktion in der Kombination w — p?/2my — ReX™%(w, p)
auftritt. Nach Konstruktion verschwindet der Unterschied der beiden Kurven, wenn
die Offshellness w — p?/2my klein ist (d.h. nahe der Massenschale). AuBerhalb steigt
die Offshellness viel stirker an als ReX (siehe gepunktete Linien in Abbildung 3.8). Es
sollte betont werden, daf} ein realistischeres Verhalten der Breiten im Teilchenbereich
(d.h. insgesamt kleinere Breiten) dazu fithren wiirde, dafl auch der Realteil der Selbst-
energie (betragsméfig) kleiner wére. Daher wird der Einflufl auf die Spektralfunktion
mit realistischeren Teilchenbreiten eher kleiner sein.

Die Spektralfunktion ist also nicht besonders sensitiv auf die Analytizitét. Die rele-
vanten Groflen sind hier eher integrale Groflen wie die Impulsverteilung (3.6) und die
Normierung (2.11). In Abbildung 3.10 zeigen wir zunéchst n(p) mit und ohne ReX.
Im oberen Teil der Abbildung sieht man sehr gut das unphysikalische Ansteigen der
Kurve ohne ReY zur Fermi-Kante hin. Das Resultat mit analytischer Selbstenergie f&llt
dagegen zur Fermi-Kante hin leicht ab. Dasselbe Verhalten zeigt auch die Kurve von
Benhar. Die Normierung der Impulsverteilung (3.7) wird durch diese beiden Kurven
erfiillt, was offensichtlich eine Folge der Analytizitét ist. Die Kurve ohne ReX verletzt
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Abbildung 3.9: EinfluB der Analytizitdt auf die Spektralfunktion. Zu sehen sind die
Impulsschnitte der Spektralfunktion mit und ohne ReX.

diese Vorschrift um etwa 15% (siehe Abschnitt 3.4.2). Der Einfluf§ auf die Normie-
rung der Spektralfunktion ist im unteren Teil von Abbildung 3.10 zu sehen. Wihrend
das analytizitatsverletzende Resultat im Bereich der Fermi-Kante Abweichungen bis
zu 30% aufweist, ist die volle Spektralfunktion (bis auf numerische Schwankungen)
perfekt normiert.

Wir betrachten nun noch den Z-Faktor

Z(w,p) = - ! _ ! (3.18)

- [)%Rezret(w7p) 1- Q%ED(va)'

Auf der Massenschale handelt es sich hierbei um den spektroskopischen Faktor, der
Auskunft iiber die Verlagerung von Ein-Teilchen-Stérke in komplexere Viel-Teilchen-
Konfigurationen gibt. In Abbildung 3.11 zeigen wir den Z-Faktor fiir w = p*/2my
zusammen mit dem Ergebnis aus [51]. Der Z-Faktor féllt im Bereich der Fermi-Kante
ab, allerdings nicht so stark wie das Benhar-Ergebnis. Fiir p = pr hat der Z-Faktor
auf der Massenschale noch eine andere Bedeutung: Es la8t sich zeigen [62], dafl

Z(pp/2mn, pr) = lim(n(pr + €) = n(pr — ),

also gleich der Hohe des Sprungs der Impulsverteilung an der Fermi-Kante ist. Der
Wert von Z(pr) ~ 0.76 gibt in der Tat die Hohe der Stufe in Abbildung 3.10 wieder.
Der etwas geringere Wert der Benhar-Rechnungen von Z(pr) ~ 0.7 wird durch die
starkere Absenkung der Impulsverteilung knapp unterhalb von pg verursacht.
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Abbildung 3.10: Oben und Mitte: Impulsverteilung mit (durchgezogen) und ohne (ge-
strichelt) ReX. Die gepunktete Kurve zeigt das Resultat von Benhar et al. [51]. Unten:
Normierung der Spektralfunktion mit und ohne ReX.

3.6 Impulsabhingigkeit des Mean-Field-Beitrags

Bislang haben wir die Impulsabhéingigkeit des Realteils der retardierten Selbstenergie
nur soweit berticksichtigt, wie sie durch den dispersiven Beitrag ¥p in Gleichung (3.10)
beschrieben wird. Der Mean-Field-Beitrag wurde bislang als konstant vorausgesetzt
und in der Definition der Energieskala absorbiert. Auf der Massenschale gilt fiir die
Ein-Teilchen-Energie

2 2

p ret p
w 2mN the (p> 2mN

+ U(p).
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Abbildung 3.11: Z-Faktor in Kernmaterie, berechnet auf der Massenschale. Zum Ver-
gleich werden die Resultate aus [51] (Punkte) gezeigt.

In der Literatur finden sich Parametrisierungen fiir die Dichte- und Impulsabhéngigkeit
von U(p). Eine solche von Welke et al. [63] vorgeschlagene nichtrelativistische Version,
die aus einem dichteabhéngigen Skyrme-Anteil und einem zusétzlichen impulsabhéngi-
gen Term besteht, findet auch Anwendung im BUU-Modell und wird spéter noch ge-
nauer vorgestellt (Kapitel 4.2):

p)T 2C d*p" O(pr(p) — p) (3.19)

. p
Up,p:A——i-B(— +—9
PO ) Tt e (e

mit den in in Tabelle 4.1 abgebildeten Parametern A, B, C, 7, L (Parametersatz (MM))
und der Sdttigungsdichte py. Das Integral kann analytisch ausgewertet werden (siehe
Kapitel 4.2) und héngt fiir feste Dichte nur vom Betrag des Impulses p ab.

Wir werden nun also dhnlich wie in Gleichung (3.11) fordern, daf§ auf der Massen-
schale die Bedingung

ReZ™(E, p) = U(p) (3.20)
mit
p2
E:%W+U@ (3.21)

erfiillt ist. Zunéchst berechnen wir die Selbstenergien, wobei die Massenschalen-Ener-
gien in den Delta-Funktionen durch (3.21) gegeben sind. Wir kénnen bei der Berech-
nung von —i%< bei Gleichung (3.13) einsteigen. Der weiteren Auswertung der Integra-
le steht nun ein Hindernis im Weg: In den Nédherungen des letzten Abschnitts (d.h.
Vernachléssigung von U(p)) konnten wir mit der verbliebenen Delta-Funktion die z-
Integration leicht ausfithren. Nun allerdings ist der Ausdruck in der Delta-Funktion
eine hochst komplizierte Funktion von z (wie auch von allen anderen verbliebenen
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Integrationsvariablen). Wir nutzen die Relation

1

o(f(x)) = o —x
mit f(zo) =0 aus. Es gilt
k2 2 2 2pk
f@)=wt— - L P gy oy Py,
my 4dmy  2mpy my

mit

Us = UK+ ¢2/4+ kqy),  Us:=U(V/p? + 4k — dpka).

Die z-Abhéngigkeit tritt nur in den beiden letzten Termen auf; Us hidngt nur iiber den
Impuls py = \/ p? + 4k? — 4dpkx von x ab. Daher ergibt sich

of — 2pk  2pk 5U2(P2($))'

or my a p2<5’7> Op2

Die Ableitung von Us nach po ist analytisch durchfithrbar (siche Gleichung (4.10)). Die
Nullstelle zp mufl dagegen numerisch gefunden werden. Um sicherzustellen, dafl x( sich
im Integrationsbereich befindet, miissen zwei Theta-Funktionen ©(zy + 1)O(1 — x)
eingefiigt werden. Es verbleiben also die Ausdriicke

[ee) o) 1

2 1 1 —1
FiS=(w, p) =47r2-0/dk/dq/dykq + 8U2(p2(x°))‘ F?
2p |mn  p2(x0) Op2
0 0 —1
K ¢ kqy
€0 (lor - 5 = = U (kg) ) O + DO - )
K ¢ | kqy
:i: - - - —
><@< (wr e Smw T amy ¥ (k,q,y)))
k2 q2
+(— _ —w— . 22
X @< (mN M. + Uk, q,y) + U-(k,q.y) —w wF)) (3.22)

Im Vergleich zu (3.15) muf} die y-Integration ebenfalls numerisch ausgefiithrt werden.
Wir verwenden denselben Formfaktor wie im letzten Abschnitt. Der Realteil der Selbst-
energie ergibt sich aus Gleichung (3.19), dem Dispersionsintegral iiber die Breiten und
der Forderung (3.20). Der Unterschied zu (3.14) liegt vor allem in dem Faktor

-1

1
0 , (3.23)

1
M* = ‘_ + _
my Pz(wo) Opa

Us(pa(wo))

der die Nukleonenmasse my ersetzt und in Abbildung 3.13 als Funktion des Impulses
po zu sehen ist. Da U, eine streng monoton steigende Funktion des Impulses ist (siehe
Abbildung 4.1 unten), ist M* < my, und wir erhalten unter Verwendung desselben
Matrixelements wie im letzten Abschnitt Breiten, die kleiner sind. Dies macht eine
Neuanpassung des Matrixelements um einen Faktor zwei notwendig.

Wir zeigen in Abbildung 3.12 nun die Spektralfunktion fiir die vier Impulsschnit-
te, wobei wir das urspriingliche Matrixelement mit einem Faktor zwei multipliziert
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Abbildung 3.12: Spektralfunktion mit impulsabhéngigem Mean-Field-Anteil im Ver-
gleich zu den Resultaten aus Abschnitt 3.5 und aus [7, 51].

haben. Zum besseren Vergleich wurden die Spektralfunktionen aus dem letzten Ab-
schnitt um den Potentialwert U(p = pp) = —0.0526 GeV verschoben (d.h. die Fermi-
Energien der beiden Energieskalen wurden aufeinandergeschoben). Insgesamt sind die
Unterschiede zwischen unseren beiden Rechnungen gering. Die Spektralfunktionen mit
impulsabhédngigem Mean-Field ragen etwas weiter zu negativen groflen Energien hin-
aus. Auffillig sind die unterschiedlichen Peakpositionen. Die fiir die Impulsschnitte
bei p = 0.8 und p = 1.8 fm~! sichtbaren leichten Abweichungen der Peaklage zu den
Benhar-Rechnungen erkldren sich durch die etwas andere Impulsabhéngigkeit des Re-
alteils der Selbstenergie auf der Massenschale (vgl. Abbildung 3 in [51]).

In [55] wurde unser transporttheoretischer Ansatz zur Berechnung der Spektral-
funktion auf endliche Temperaturen und Dichten grofler als py erweitert. Dazu wurde
der Impulsabhéingigkeit des Mean-Fields Yyr(p, p) durch eine Taylor-Entwicklung um
pPr

S (p, p) = Sur(pr, p) + (07 — P5) Zpp (pr. p), (3.24)

und Einfithrung einer effektiven Masse

11
— = — (14 2mn S (pr, )

m* my
Rechnung getragen. Die Dichteabhéngigkeit wurde iiber die Bestimmungsgleichung

2 2

p
» -
S+ ZHE (p.p) =5

+Ul(p)
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Abbildung 3.13: "Effektive Masse’ M* als Funktion des Impulses.

generiert, wobei U(p) eine dichteabhingige Skyrme-Parametrisierung des Mean-Fields
ist. Die resultierenden Gleichungen fiir die Selbstenergien bei 7" = 0 sind also ein
Spezialfall von (3.22). Bei dem Ausdruck M* in Gleichung (3.23) handelt es sich genau
um die effektive Masse m*, wenn man fiir das Mean-Field U, die gleiche Nédherung
macht wie in (3.24). Im Vergleich zu Gleichung (3.14) wird in dem Bruch vor dem
Formfaktor die Masse my sozusagen durch die ’effektive Masse’” M* ausgetauscht. In
[55] wurde als Matrixelement der reskalierte Wert | Mo|? - my/m* verwendet.

3.7 Relativistische Spektralfunktion

Bislang haben wir mit nichtrelativistischen Spektralfunktionen gearbeitet. Im BUU-
Modell werden jedoch relativistische Ausdriicke verwendet. Im Hinblick auf die spétere
Implementierung der Grundzustandskorrelationen ist es konsistenter, die ensprechen-
den Ausdriicke auch fiir die Nukleon-Spektralfunktion zu benutzen. In [64] findet man
fiir den Zusammenhang zwischen der Spektralfunktion und den Korrelationsfunktionen
(fiir relativistische Felder)

- 1
A= —Tmg™ = S(ig” + (~ig")) (3.25)
sowie die iibliche Darstellung

T oy #E(p, p)
A ) G =R ) ) 520

Die Masse p und die totale relativistische Energie E héngen iiber E = \/u? + p?
zusammen. Die Spektralfunktion beinhaltet nur Lorentz-invariante Groflen. In einem
beliebigen Bezugssystem ist der Ausdruck E - I' (Teilchenenergie mal Breite) Lorentz-
invariant und taucht in (3.26) im Ruhesystem des Teilchens auf. Im Quasiteilchen-Limes
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nimmt A die folgende Form an:
Alp,p) — w6(p* —miy) (T —0).

Im nichtrelativistischen Grenzfall (my > p,T', ReX) gilt mit m? := m%, + ReX™(u, p)

_ B ul’
AP = i + e +
~ mNF
(1 — my — ReXret)24m2, + m2 T2
1 r 1

Amy (ju — my — Rexret)? 4 12 Ty @ P) (3:27)

Im letzten Schritt haben wir einen Zusammenhang zwischen der nichtrelativistischen
Offshell-Energie w und der totalen Offshell-Energie E iiber E := my + w hergestellt,
wobei im nichtrelativistischen Grenzfall

p=\E>—p>=my+w—p*/2my. (3.28)

In den folgenden Kapiteln werden wir uns auf [20] und die dort etwas anders defi-
nierte Spektralfunktion beziehen:

_2u L (1, p)
Al P) = T = R (u,p))2 + 120, p) (329

wobei A = 2u/mA. Wir erhalten in diesem Fall den Quasiteilchen-Limes

A(p,p) — d(p—my) (I' = 0), (3.30)
und den nichtrelativistischen Grenzfall
1
) 31
A(u,p) — 27Ta(w,p) (3.31)

Wir wenden uns nun den relativistischen Ausdriicken fiir die Kollisionsraten zu.
Laut [20] erhdlt man diese aus den nichtrelativistischen Ausdriicken (2.21) und (2.22),
indem man die Korrelationsfunktionen durch eine spektrale Phasenraumverteilungs-
funktion ersetzt:

< dw S dw _
—ig~(w.p)5— = Fp,p)du, ig”(w,p)5— — F(p,p)dpu (3.32)

mit F' = fAund F = (1 — f).A. Damit ergibt sich

3 3 3
iz‘zz(E,p)—i/ d°py d’ps d°py dpy dps dpg

2E | (@n)? (@n)® (@n) 26, 26, 25, P T2 e pIIMIE(3.33)

fa (1= f3) (1 — fa)
(1= 1f2) fs fu 7

wobei E; = y/pu? + p? die Ein-Teilchen-Energien sind. Hierbei ist zu beachten, dafl das
Matrixelement in den nichtrelativistischen Ausdriicken die Faktoren 1/2F; fiir alle ein-

x A(pz, p2) Az, p3) A(pa, pa) {
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Abbildung 3.14: Vergleich zwischen relativistischer (durchgezogen) und nichtrelativi-
stischer Spektralfunktion (gestrichelt). Erstere wurde zum Vergleich mit 4my multi-
pliziert.

und auslaufenden Teilchen enthélt, die hier explizit auftauchen. Der Zusammenhang
zwischen den Kollisionsraten und der Breite im Ruhesystem des Teilchens ist durch

P(u,p) = %(i?(u,p) (25 () (3.34)

gegeben.

Mit (3.33) berechnen wir nun die Kollisionsraten, wobei wir die Spektralfunktionen
analog zu Abschnitt 3.5.1 durch die Delta-Funktionen (3.30) ersetzen. Die Phasenraum-
verteilungsfunktionen f sind durch Theta-Funktionen ©(Er — E;) bzw. O(E; — Er)
mit den relativistischen Offshell-Energien F; und der Fermi-Energie Er = \/m3, + p%
gegeben. Wir verwenden auch jetzt wieder einen Formfaktor

A4
F(E.p) = A+ (s — 2m3)*

mit der Schwerpunktsenergie s = (p 4+ p2)* = (ps + pa)®. Der EinfluB auf die Loch-
Spektralfunktion ist dhnlich wie im nichtrelativistischen Fall gering. Wir erhalten fiir
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die Selbstenergien

, 1 291/\40\2/ / /
+iX2(E,p) = dk Vs)?
E=(EP) = SE 5 @n) ElEzp V)

x O(+(Ep — Ez)) @<i(E3 — Ep)) O(£(Ey — EF))
x O(4kp — m3 — 4k* — p* + E2) O(m3 + 4k* + p* + 4kp — E2)

mit By = /m% + k2 + ¢2/4 + kqy, Es = \/m% + k* + ¢*/4 — kqy und By = B3+ E;—
E.

Im nichtrelativistischen Grenzfall beinhalten die Theta-Funktionen dieselben Infor-
mationen wie die in den nichtrelativistischen Ausdriicken (3.14) enthaltenen. Ebenso
geht der verbleibende Integrand abgesehen vom Formfaktor bis auf eine Konstante, die
in das Matrixelement gezogen werden kann, in den in (3.14) iber. Die Konstante |M,g|?
wird so angepaflt, daf3 die relativistische und die nichtrelativistische Spektralfunktion
fir kleine Impulse in etwa tibereinstimmen, also z.B. gemaf} (3.27) gilt

MFrel Fnrel
Am ~ . 3.35
N (:u — My — Rez;gf) + ,LLQF?el (w _ b _ Rleet ) 1F2 ( )

2my nrel

4 nrel

Fiir die Impulsabhéngigkeit des Realteils der Selbstenergie machen wir dieselben
Annahmen wie in Abschnitt 3.5. Der Realteil der Selbstenergie folgt aus dem Disper-
sionsintegral®

dF’ ['(E', p)
ReXret( B — Eonshell _E / ? .
eX" (B, p) = ( )P o1 (Eevshell — BNY(E — E)

In Abbildung 3.14 vergleichen wir die relativistische Spektralfunktion (genauer A -
4dmy wie in (3.35)) mit der nichtrelativistischen Spektralfunktion aus Abbildung 3.7
als Funktion der totalen Energie E. Fiir den kleinsten Impuls p = 0.8 fm~! ist eine
gute Ubereinstimmung zu sehen. Bei hoheren Impulsen stimmt die Hoéhe der Kurven
in etwa iiberein, jedoch reichen die nichtrelativistischen Spektralfunktionen weiter zu
kleineren Energien hinaus.

Die Impulsverteilung ergibt sich im relativistischen Fall durch [64, 56]

n(p) = / L g A(E.p). (3.36)

™

In den folgenden Kapiteln werden wir die hier berechnete relativistische Spektral-
funktion verwenden, um die Offshell-Masse zu bestimmen. Da wir angenommen ha-
ben, dal der Mean-Field-Anteil zum Realteil der Selbstenergie konstant ist (oder was
auf dasselbe hinauslauft, dafi er verschwindet), liefert die Spektralfunktion nur eine
Offshell-Masse 1/, die kein Mean-Field enthélt. Genaueres dazu findet sich in Kapitel
4.2.3.

5Der Mean-Field-Anteil wird wieder als konstant angesehen.



Kapitel 4

Das BUU-Modell

In diesem Kapitel stellen wir das BUU'-Modell vor. Solche Transportmodelle wer-
den seit Beginn der achtziger Jahre auch in der Kernphysik verwendet, urspriinglich
zur Beschreibung von Schwerionenkollisionen [10, 11], und fuflen auf der eigentlichen
BUU-Gleichung (2.48). Das vorliegende Modell wurde zur Untersuchung von Schwer-
ionenkollisionen bei SIS-Energien entwickelt und erfolgreich angewendet [18, 19]. Es hat
sich in der Zwischenzeit herausgestellt, dafl es auch hervorragend zur Beschreibung nu-
klearer Reaktionen mit elementareren Proben wie Photonen [26, 20, 28], Pionen [65, 35]
und Elektronen [66, 21] geeignet ist. Gerade im Bereich der elektromagnetischen Proben
hat sich das Modell im Zusammenhang mit wichtigen Experimenten und Kollabora-
tionen der letzten und kommenden Jahre im Resonanzbereich (TAPS [20, 35|, JLab
(Kapitel 7.2,7.3,7.4)) und bei hohen Energien (JLab [67], HERMES [68, 69]) bew&hrt.
Der energetische Anwendungsbereich erstreckt sich von Einschuflenergien von wenigen
hundert MeV bis zu vielen GeV und erlaubt daher die Untersuchung verschiedener phy-
sikalischer Aspekte und Phdnomene der Kern- und Hadronenphysik. Trotz der groflen
Anzahl an Parametern zeichnet sich das Modell durch die ungewohnliche Vielzahl an
Reaktionen, die simultan beschrieben werden kénnen, aus.

Ein besonders wichtiger Aspekt unseres semiklassischen Modells ist die Beschrei-
bung der Endzustandswechselwirkungen (final state interactions, FSI). Dabei ist der
Vielfalt moglicher Prozesse prinzipiell keine Grenze gesetzt, was zu einem entscheiden-
den Vorteil gegeniiber anderen Modellen (z.B. Glauber-Modelle), die lediglich absorp-
tive F'SI beinhalten, fiihrt.

4.1 Die BUU-Gleichung

Bis vor kurzem war eine entscheidende Annahme aller Transportmodelle, daf sich die
Nukleonen auf der Massenschale befinden, also ihre Spektralfunktion durch eine Delta-
Funktion gegeben ist. Diese Annahme ist angesichts der mitunter hohen Anzahl von
Kollisionen, die die Nukleonen im Laufe einer Reaktion erleben, und gemafl Kapitel 2 zu
einer endlichen Breite fiihren, fragwiirdig. Wie schon in Kapitel 2.2.3 erwahnt, basiert
das Modell auf der verallgemeinerten BUU-Gleichung (2.50), so daf es moglich ist, auch
den Nukleonen eine Masse ungleich der Polmasse von my = 0.938 GeV zuzuordnen.

!'BUU=Boltzmann, Uehling, Uhlenbeck

ol
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Dort haben wir auch schon das Problem angesprochen, daf3 die Teilchenmasse nicht in
der Propagation, sondern nur durch den Kollisionsterm gedndert werden kann. Das ist
insbesondere fiir Teilchen, die im Vakuum stabil sind (z.B. Nukleonen), unrealistisch.
Bei der numerischen Losung der Transportgleichung durch die Testteilchenmethode in
Kapitel 5.2 werden wir ein in [20, 16] eingefiihrtes Verfahren vorstellen, das es erlaubt,
die Nukleonen auch offshell zu propagieren.

Aufgrund der Anwendbarkeit des Modells bis zu hohen Energien ist es sinnvoll, wie
in Kapitel 3.7 relativistische Kinematik zu verwenden. Wir substituieren also gemé#f
Gleichung (3.32)? und die Transportgleichung hat die Form

ot

mit der spektralen Verteilungsfunktion F© = f.A und der relativistischen Hamilton-
Funktion

(2+§ﬁmﬁ}—ﬁHM%>szﬁyﬂAOxﬂ—ﬁPAf (4.1)

Hue = /(1 + Us)? + p2. (4.2)
Hier wird mit Ug das skalare Mean-Field-Potential bezeichnet (siche Abschnitt 4.2).
Aufgrund des Umstandes, dafl die in Kapitel 2.1.5 fiir das Gleichgewicht dargestellten
Zusammenhénge zwischen Selbstenergie und Spektralfunktion sowie deren explizite
Darstellung auch nach der Gradientenentwicklung Bestand haben?, gilt weiterhin

Alpp) = 2 12T (1, p)
0 (P = my — ReXrt(u,p))? + pPT (1, p)

Im Falle eines Systems aus Nukleonen sind die Kollisionsraten in (4.1) entsprechend
durch die Ausdriicke in (3.33) gegeben. Sind die Einschuflenergien hoch genug, so sind
die Nukleonen nicht mehr die einzigen Freiheitsgrade des Modells; fiir jede vorhan-
dene Teilchensorte (Ubersicht in Abschnitt 4.4) muB eine BUU-Gleichung aufgestellt
werden. Die Selbstenergien der Nukleonen beschrianken sich nicht mehr auf die bis-
her diskutierten Nukleon-Nukleon-Sto88e, sondern beinhalten alle Prozesse, an die die
Nukleonen koppeln (siehe Abschnitt 4.6) und fiir die eine Kollisionsrate &hnlich (3.33)
aufgestellt werden kann. Dasselbe gilt natiirlich fiir alle anderen Teilchenarten. Fiir eine
allgemeine Mehr-Teilchen-Streuung des Typs aq, ..., a, — by, ..., by, ist der Verlustterm
fiir die Teilchensorte a; durch

(4.3)

n

. 1 Ppa, dp; dPpy; dpy,
ZZ; = 2F / (H Ya; (271')3 2F Aai(/’l’ai?pai)fai) (H (271')3 2F Ab (ijapb )f
a1 i=2 @i j=1

und der Gewinnterm durch

. - d pa dp; *p, dub
—i¥g = a; ; ai\Ma;sPa;)Ja; ’ i

2Im Fall von Bosonen ist F' = A(1 + f).
3Das gilt auch im relativistischen Fall.
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gegeben [20]. Die Faktoren S sind Symmetriefaktoren, die das Auftreten identischer
Teilchen im Ein- und Ausgangskanal beriicksichtigen, z.B.

,,,,, H mi (4.6)

wobei my, die Teilchenmultiplizitét ist. Die auslaufenden Teilchen erhalten einen Pauli-
oder Bose-Faktor f := 1+ f je nach dem, ob es sich um ein Fermion oder ein Boson han-
delt. Im letzteren Fall wird dieser iiblicherweise aufgrund der geringen Multiplizitéten
vernachléssigt.

In unserem Modell wird die Ladung der Teilchen im allgemeinen explizit beriick-
sichtigt. Insbesondere wird fiir jeden Isospinzustand eines Teilchens eine Transportglei-
chung gelost. Dagegen beriicksichtigen wir den Spin nicht als expliziten Freiheitsgrad,
schon aufgrund fehlender experimenteller Informationen in Form von gemessenen Wir-
kungsquerschnitten. Die Matrixelemente in den Transportgleichungen sind als iiber die
Spins der einlaufenden Teilchen gemittelt und {iber die Spins der auslaufenden Teilchen
summiert zu verstehen. Bei den Faktoren g; in den Gleichungen (4.4) und (4.5) handelt
es sich somit nur um die Spin-Entartungsfaktoren (entgegen der Gewohnheit in Kapitel
3).

Insgesamt erhalten wir ein nichttriviales Systems aus gekoppelten Integro-Differen-
tialgleichungen des Typs (4.1):

DFyn = Lon(Fyn, Fpy232), 05 Fry -2
DFP33(1232) = [k011<FP33(1232)7 FN7 R Fﬂ'? )

DFT(' = ]koll(FNy FP33(1232)7 ceey Fp7 )
(4.7)

wobei D fiir den Operator auf der linken Seite der BUU-Gleichung steht, der auf die
Phasenraumdichte wirkt, und I, das Kollisionsintegral bezeichnet. Die Kopplung er-
folgt dabei zum einen iiber die Verteilungsfunktionen anderer Teilchensorten, die im
Kollisionsintegral auftreten und iiber die Baryonendichte, die in das Mean-Field und
damit in die Hamilton-Funktion eingeht. Die Losung erfolgt {iber die Diskretisierung
der spektralen Verteilungsfunktionen F'; d.h. der Einfithrung sogenannter Testteilchen.
Auf diese Methode kommen wir ausfiihrlich in Kapitel 5.1 zu sprechen. Hier sei nur kurz
erwihnt, dal dadurch ein Ubergang von der Beschreibung der Dynamik der (abstrak-
teren) Verteilungsfunktion F' zur anschaulicheren Bewegung einzelner (semi)klassischer
Teilchen unter dem Einflu der Hamilton-Funktion (4.2) stattfindet.

4.2 Das Mean-Field-Potential

4.2.1 Parametrisierung

In der Spektralfunktion (4.3) taucht der Realteil der Selbstenergie auf, der nach Ka-
pitel 2 durch einen Mean-Field- und einen dispersiven Anteil gegeben ist. Ersterer
beschreibt die Einfliisse der Nukleonen untereinander als effektives Potential, in dem
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sich die einzelnen Nukleonen (frei) bewegen. Wir verwenden fiir dieses Mean-Field-
Potential eine von Welke et al. [63] vorgeschlagene Parametrisierung, die aus einem
rein dichteabhéngigen Skyrme-Anteil und einem zusétzlichen, impulsabhéngigen An-
teil besteht:

Der Skyrme-Beitrag enthélt zu p und p” proportionale Terme, die aus Zwei- bzw. Mehr-
Teilchen-Wechselwirkungen herriithren. Der impulsabhéngige Term kann interpretiert
werden als Integration eines nichtrelativistischen Propagators skalarer Austauschmeso-
nen iiber die Phasenraumdichte der Nukleonen [18]. Im BUU-Modell wird der impuls-
abhéngige Teil aus Griinden der numerischen Einfachheit durch die Approximation der
Phasenraumdichte

f(7,9) = O(pr(F) —1p1) (4.9)
mit dem Fermi-Impuls pr(7) aus Gleichung (4.18) analytisch berechnet:
/ &’y Opr(f) —p) A {p%(f) +A—p? (pe(7)? + A2
( 2pA (p = pr(7))? + A2

27)3 A 82
P ()

+ 2pr(7) b+ prir) Pe(r) — arctan 2L pe(r) )] . (4.10)

A A

Diese Naherung entspricht der Phasenraumverteilung im Falle von lokaler unkorrelierter
Kernmaterie im Grundzustand (Temperatur 7" = 0), sieche Gleichung (2.15). In der
vorliegenden Arbeit betrachten wir nur photoninduzierte Reaktionen, bei denen der
Kern im wesentlichen im Grundzustand bleibt (siehe Kapitel 5.3). Daher ist davon
auszugehen, dafl die Ndherung sinnvoll ist.

-2 (arctan

4.2.2 Bestimmmung der Parameter

Zur Anpassung der Parameter A, B, C, 7, A betrachten wir die Energiedichte der Nu-
kleonen:

() =9 [ g/ mk+ 1 1) + (). (a.11)

wobei die potentielle Energiedichte v mit U {iiber eine Funktionalableitung nach der
Phasenraumdichte f zusammenhéngt:

@2r) 6u(F)
g Of(7.p)

U(Fvﬁ) =

Somit finden wir
L Ap® B ptt C o, dp & [ D) f(T D)
=y e
Aus der Energiedichte ergibt sich die Zustandsgleichung (equation of state, EOS) der

Kernmaterie (hier gilt Gleichung (4.9) exakt), die die Bindungsenergie pro Nukleon als
Funktion der Dichte liefert:

— +
20 TH1 P po

(4.12)

E ¢
— = — —my.
A p N
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EOS | K [MeV] || A [MeV] | B [MeV] | C [MeV] | 7 | A [fm™]
S 215 -287.0 233.7 0 1.23 -
H 380 -124.3 71.0 0 2.00 -
SM 215 -108.6 126.8 -63.6 1.26 2.13
MM 290 -29.3 57.2 -63.5 1.76 2.13
HM 380 -10.0 38.0 -63.6 2.40 2.13

Tabelle 4.1: Parameter fiir das Mean-Field-Potential aus Gleichung (4.8).

Zur Bestimmung der Parameter fordern wir [18]

0FE !
Z =0 =0
ap A(’O Po)
E
Z(p = po) = —16 MeV.
Die (In-)Kompressibilitdat K der EOS (d.h. die Schnelligkeit des Anstiegs nach dem
Minimum) kann durch
0* E !

Op~———(p=py) = K

iy 7 (P = p0)

festgelegt werden. Fiir die Impulsabhéngigkeit von U werden die Eigenschaften

U(sz,p:p0)£—75 MeV
U(p = 800 MeV,p:po)éo
U(p = 00, p = po) = 30.5 MeV

gefordert [63]. In Tabelle 4.1 sind verschiedene solcher Sitze fiir verschiedene Kom-
pressibilitdten und Impulsabhingigkeiten aufgefiihrt. Wir beschrénken uns aber im
folgenden auf die harte, impulsunabhéngige EOS (H) und die mittlere, impulsabhéngi-
ge EOS (MM). In Abbildung 4.1 wird das Potential U als Funktion der Dichte p (oben)
und als Funktion des Impulses p (unten) gezeigt.

Es sollte betont werden, dafl die Eigenschaften des Mean-Field-Potentials an Kern-
materie aus Onshell-Nukleonen angepafit sind. Z.B. geht in die Berechnung der Ein-
Teilchen-Energiedichte (4.11) nur die gewdhnliche Verteilungsfunktion f, d.h. keine
spektrale Informationen ein. In [70] wurde der EinfluB der Nukleon-Spektralfunktion
auf die EOS untersucht. Die Berechnung der Nukleon-Spektralfunktion erfolgt &hn-
lich unserem Modell auf selbstkonsistente Weise; fiir die N N-Wechselwirkung wurde
die T-Matrix-Néaherung verwendet. Das Ergebnis ist eine EOS, die eine weniger starke
Bindung aufweist und hérter ist. Wir vernachléssigen solche Effekte. Zum einen muf
fiir unser Modell hauptséchlich gewéhrleistet sein, dal der Kern zeitlich stabil ist. Die
Frage der genauen Bindungsenergie ist von geringerer Relevanz, weil wir photoindu-
zierte Reaktionen bei Energien von mehreren hundert MeV betrachten und es somit
keine Rolle spielt, ob die Nukleonen um wenige MeV stéirker oder schwécher gebunden
sind. Weiterhin verlaufen photonukleare Reaktionen bei Kerndichten, die die Satura-
tionsdichte py nicht iibersteigen. Daher sollte der Einflul der Hérte der EOS, die erst
bei hoheren Dichten als py zum Tragen kommt, klein sein.



56 4. Das BUU-Modell

0.3 . ' . '
Lo MM, p = 0.5 GeV 5
02l ——MM,p=10Gev '
S MM, p = 1.5 GeV
() L
S,
/a\- -
S
o
-0.1 L 1
0 1 2 3
p/p,
T T T T T T T T T
0.06 | I
0.03 | P -
S, 0.00 -
Q I
S
= -0.03
-0.06 [
-009 1 ] 1 ] 1 | 1 | 1
0.0 0.3 0.6 0.9 1.2 1.5
p [GeV]

Abbildung 4.1: Oben: Dichteabhéngigkeit des Mean-Field-Potentials fiir die Parame-
tersitze (H) und (MM) fiir verschiedene Impulse. Unten: Impulsabhéngigkeit der Pa-
rameterisierung (MM) fiir verschiedene Dichten.

4.2.3 Das skalare Potential

Wir wollen nun beschreiben, wie das Potential U aus Gleichung (4.8) mit dem Potential
Us in der Hamilton-Funktion (4.2) zusammenhéngt. Wir betrachten zunéchst den Fall
eines Onshell-Nukleons. Der allgemeine relativistische Ausdruck fiir die Ein-Teilchen-
Energie lautet

H = /(my + S22+ (7— V)2 + Vo (4.13)

—

mit dem skalaren Potential S und dem Viererpotential (Vp, V). Dem gegeniiber steht
die nichtrelativistische Parametrisierung U. Zur Vereinfachung betrachten wir das loka-
le Ruhesystem (local rest frame, LRF) der Kernmaterie, d.h. das System an einem Ort
7, in dem der Baryonenstrom verschwindet. In diesem System verschwinden die raum-
lichen Komponenten des Viererpotentials, da die vektorielle Selbstenergie proportional
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zum Baryonenstrom ist [18]. Das nichtrelativistische Potential U wird (willkiirlich) als
nullte Komponente des Viererpotentials im LRF aufgefafit und S = 0 gesetzt:

Hygp = \/m3% + pigy + U(p, PLRE). (4.14)

Daraus definieren wir ein skalares Potential

Us := \/(\/m + U(p, pLrF))? — pLRF)? — My, (4.15)

das als solches auch in allen anderen Systemen verwendbar ist.

Wir verwenden denselben Ausdruck fiir Ug auch fiir Offshell-Nukleonen. Die Offshell-
Masse u, die in der vollen Spektralfunktion auftritt, beriicksichtigt im Prinzip auch den
Realteil der Selbstenergie (so wie im Onshell-Fall die effektive Masse meg = my + Usg
das skalare Potential beinhaltet). Wir bezeichnen im folgenden p’ als den Anteil der
Offshell-Masse, in dem das skalare Potential Ug (stellvertretend fiir den gesamten Mean-
Field-Beitrag der Selbstenergie) nicht enthalten ist. Die ’effektive’ Offshell-Masse (das
Gegenstiick zu meg), d.h. die Masse, die in die Spektralfunktion eingeht, erhilt man
also tiber p = p/ + Usg.

Prinzipiell ist hier auch der Ausdruck

Us = \/(\/ W2+ piep + Ulp,pirr))? — prre)? — i, (4.16)

denkbar. Allerdings enthélt das skalare Potential dann eine explizite Abhéngigkeit von
der Offshell-Masse. Fiir kleine Massen p’ ist das Potential Ug erheblich attraktiver als
Us und kann zu numerischen Problemen fiihren (siehe Kapitel 5.7.3).

4.2.4 Andere Teilchen und Potentiale

Wir verwenden fiir alle Baryonen das gleiche Potential wie fiir die Nukleonen mit
Ausnahme der Delta-Resonanzen (Isospin 3/2). Hier benutzen wir, motiviert durch
den phénomenologischen Wert des Delta-Potentials von —30 MeV bei Dichte py aus

[22], den Ausdruck

2

wobei U die Parametrisierung (4.8) ist. Mesonen spiiren in unserem Modell keinerlei
hadronische Potentiale.

Wir verwenden kein Coulomb-Potential, da der Einflufl auf die hier diskutierten
Ergebnisse vernachléssighar ist.

4.3 Lokale Dichteniherung

4.3.1 Endliche Kerne

Viele bisherige Resultate wurden in Kernmaterie formuliert. Zur Anwendung in endli-
chen Kernen bedient man sich gerne der lokalen Dichten&herung (local density appro-
zimation, LDA). Hier geht man davon aus, daf sich der Kern lokal durch Kernmaterie
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Abbildung 4.2: Impulsverteilung der Nukleonen in Blei. Verglichen werden die Resultate
der lokalen Dichtendherung und die Parametrisierung [5] der Viel-Teilchen-Rechnung
von [72].

annahern l1a8t, d.h. daff an jedem Ort 7" alle Zusténde bis zum lokalen Fermi-Impuls

pr(p()) = (Sﬁp(r))l/g (413)

(¢9: Entartungsfaktor) besetzt und die oberhalb liegenden frei sind. Die Giite dieser
Néherung hingt davon ab, wie sich das Potential (d.h. vor allem die Dichte) an einem
Ort dndert. Es ist klar, daf die LDA besonders fiir grofe Kerne (im Grenzfall A — oo
ist die LDA trivialerweise giiltig) und dort besonders im Inneren gut ist. Die lokale
Dichtendherung wirkt sich besonders auf die Impulsverteilung der Nukleonen aus, die
aufgrund der Eigenschaft, dal in einem Fermi-Gas die Wellenfunktionen Impulseigen-
funktionen sind, lediglich eine Superposition aus Stufenfunktionen ist [71]:

n(p)a d*r ©(pr(p(r)) —p),

"2

wobei p(7) das Dichteprofil des Kerns ist. Das fiithrt dazu, da8 sich die Impulsverteilung
auch bei grolem A von der ’echter’ endlicher Kerne unterscheidet. Diese Verteilung ist
auf die Massenzahl A normiert, wenn das Dichteprofil auf A normiert ist. In Abbil-
dung 4.2 zeigen wir die aus der lokalen Dichtendherung resultierende Impulsverteilung
fiir einen Blei-Kern, wobei wir fiir das Dichteprofil p(7) die Woods-Saxon-Verteilung
(Gleichung (5.15)) verwenden. Die gestrichelte Kurve zeigt eine Parametrisierung [5]
der Viel-Teilchen-Resultate von [72].



4.3. Lokale Dichteniherung 59

105 T T T T T T

Rt

n(p)

0.01 |

1E3 L

Abbildung 4.3: Impulsverteilungen in Kernmaterie mit Grundzustandskorrelationen fiir
verschiedene Dichten von p = 0.2py bis p = 1.2p.

4.3.2 Nukleon-Spektralfunktion in endlichen Kernen

In Kapitel 3 haben wir die Nukleon-Spektralfunktion in Kernmaterie bei S&ttigungs-
dichte py studiert. Fiir Rechnungen in endlichen Kernen ist sie nicht einsetzbar, denn
der Einflul der Korrelationen sollte mit kleiner werdender Dichte, also zur Kern-
oberfliche hin, immer geringer werden. Die Information iiber die Dichte ging iiber
den Fermi-Impuls pg(po) = 1.33 fm ™! ein. Es ist leicht, die Rechnungen fiir Kernmate-
rie auch bei anderen Dichten zu wiederholen, indem man entsprechend andere Fermi-
Impulse geméf (4.18) vorgibt. Daraus erhalten wir eine Nukleon-Spektralfunktion fiir
endliche Kerne, indem wir von der lokalen Dichtenéherung Gebrauch machen. Dazu
nehmen wir fiir die Nukleonen an einem bestimmten Ort 7 die fiir die lokale Dichte
p(7) zustandige Spektralfunktion A(u, p, p) an. Es handelt sich daher um eine mit dem
bisherigen Onshell-Modell konsistente Erweiterung. Natiirlich muf3 auch hier beachtet
werden, dafl die LDA Impulsverteilungen generiert, die Unterschiede zu Viel-Teilchen-
Rechnungen aufweisen. In Abbildung 4.3 zeigen wir die Impulsverteilungen n(p), die
wir aus den relativistischen Spektralfunktionen (siche Kapitel 3.7) fiir die Dichte p
geméf der Relation (3.36) berechnen.

Der Effekt der Korrelationen wird mit sinkender Dichte immer weniger ausgepragt.
Es ist deutlich zu sehen, daf die Fermi-Kanten gemif Gleichung (4.18) mit p'/3 ska-
lieren, so daf} diese fiir verschiedene p durch jeweilige Umdefinierung der Impulsskala

pr(po) _ Po e
plo) = i) 2D — ). (;)

iibereinandergelegt werden konnen. Daraus ergibt sich die folgende dichteabhéngige
Parametrisierung der Impulsverteilung?, die wir im folgenden noch héufig verwenden

1Die Parameter wurden fiir den Ausdruck n(p) - p? angepaBt.
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Abbildung 4.4: Impulsverteilung fiir Blei. Zu sehen sind die Resultate mit und ohne
Korrelationen in LDA sowie die Parametrisierung der vollen Rechnung in [72] aus [5].
Die strichgepunktete Kurve zeigt das Ergebnis aus der Arbeit von Stringari et al. [71].

werden:
)—0.04

n — (B . (p/po
(pa p) (pa pO) {(p/po)g'gﬂ

mit § = p- (po/p)"/3. In der LDA kénnen wir nun iiber

n(p)a ~ / d’rn(p, p)

eine Impulsverteilung fiir endliche Kerne generieren, die in Abbildung 4.4 als durchge-
zogene Linie gezeigt wird.

Die strichgepunktete Kurve zeigt eine Rechnung von Stringari et al. [71], in der
die LDA angewendet wurde, um den Hochimpulsteil der Impulsverteilung basierend
auf der Lowest-Order-Cluster-Ndherung zu bestimmen. Bei diesem Modell handelt es
sich daher um eine direkte Vergleichmdoglichkeit. Man sieht, dafl beide LDA-Modelle
etwas unterhalb des Resultats aus [72] verlaufen. Dabei liegt unsere Rechnung etwa um
einen Faktor 1.2-1.5 unter der strichgepunkteten Kurve. Bei kleinen Impulsen beinhal-
tet das Stringari-Modell einen mit der Rechnung aus [72] vergleichbare Viel-Teilchen-
Impulsverteilung. Damit 148t sich auch der Unterschied in diesem Bereich zu unserem
Modell erklaren; insbesondere auch, warum der Verlauf im Bereich der Fermi-Kante
dhnlich sanft verlauft wie in [72].

fiir p < pp <419>
fiir p > pp .

4.4 Teilchenarten

Neben dem Nukleon beinhaltet unser Modell eine Vielzahl anderer Teilchen. Im Ener-
giebereich bis zu invarianten Massen von 2 GeV sind hier die Nukleon- (Isospin 1/2)-
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und Delta-Resonanzen (Isospin 3/2) von besonderer Relevanz und in Tabelle 4.2 auf-
gefithrt. Wir diskutieren die Resonanzen ausfiihrlich in Kapitel 4.5. Oberhalb der
Strangeness-Schwelle beriicksichtigen wir auch Hyperon-Resonanzen (Tabelle B.1). Wei-
tere wichtige Freiheitsgrade sind die leichten Mesonen (Tabelle 4.3), die hauptséichlich
zur Kopplung zwischen den Nukleonen/Hyperonen und den Resonanzen beitragen.

Aufgrund der fiir die betrachteten Reaktionen relevanten typischen Zeitskala der
starken Wechselwirkung beriicksichtigen wir iiblicherweise nur die starken Zerfélle der
Resonanzen. Davon abweichend besteht die Moglichkeit der Beriicksichtigung des schwa-
chen Zerfalls des n-Mesons in Pionen, der z.B. mafigeblich zur inklusiven Pion-Photo-
produktion am Kern beitragen kann (siehe Kapitel 7.2).

Dariiberhinaus beinhaltet das BUU-Modell Teilchen mit hoherem Strangeness- und
Charm-Inhalt, die in Reaktionen bei hohen Energien eine Rolle spielen. Die Eigenschaf-
ten der Teilchen im Strangeness- und Charm-Sektor sind in Anhang B zu finden.

4.5 Resonanzen

4.5.1 Breiten

Im Sektor der Nukleonen- und Delta-Resonanzen verwenden wir einen konsistenten
Satz von 30 Resonanzen, deren Parameter, Verzweigungsverhéltnisse sowie Zerfalls-
kanéle der Analyse experimenteller Daten zu 7N — 7N, 77N von Manley und Saleski
[73] entnommen sind. In Tabelle 4.2 sind die wichtigsten Resonanzeigenschaften auf-
gefithrt. Die Breiten bzw. Verzweigungsverhéltnisse beziehen sich auf die Polmassen
Mp. Als Zerfallskandle wurden N, Nn, AK, Nw, Ar, No, Np, Py;(1440)7 und Ap
beriicksichtigt. Der Zerfall in Kanéle mit mehr als zwei Teilchen, z.B. R — Nnr erfolgt
in unserem Modell also in Zweistufenprozessen, z.B. R — Np — Nnn. Die verwende-
ten Parameter sind modellabhéngig und weichen mitunter von den Werten der Particle
Data Group [74] ab.

Die Parametrisierung der Energieabhéngigkeit der Zerfallsbreiten im Vakuum {iber-
nehmen wir ebenfalls aus [73]. Fiir den Proze R — ab wird angesetzt:

Pav (1)
pab<MR) ’
wobei I'Y, die Zerfallsbreite der Resonanz R in den Kanal ab an der Polmasse (in Tabelle

4.2 auf Seite 62 aufgefiihrt), Mg die Polmasse der Resonanz und p die invariante Masse
ist. Weiterhin ist

Lap(p) = Ty (4.20)

pun1) = [ i s Aa(p) Aol y) P2 B (), (4.21)

Hier stehen [, fiir den relativen Bahndrehimpuls von a und b, R fiir den Wechselwir-
kungsradius, fiir den wir einen Wert von 1 fm annehmen, und pg, fiir den Schwerpunkts-
impuls der Teilchen a und b. Die B; sind die sogenannten Blatt-Weisskopf-Funktionen
[75], die fiir kleine Impulse p,;, proportional zu p’, sind und fiir die niedrigsten Dreh-
impulse [ in Tabelle 4.4 aufgefithrt sind. Im Gegensatz zu [73] werden relativistische
Spektralfunktionen verwendet. Dieser Unterschied wirkt sich jedoch nicht auf die Wir-
kungsquerschnitte aus, so dafl tatséchlich der gesamte Parametersatz aus [73] iibernom-
men wurde und nicht neu angepafit werden mufite [20]. In Abbildung 4.5 zeigen wir
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Resonanz Mp I " Zerfallswahrscheinlichkeit in %
[MeV] | [MeV] Nrm | Nn| Nw | KN | An | Np | No | N*'m | Ap
N(938) 938 0 41 0 0 0 0 0 0 0 0 0
P33(1232) 1232 118 |4 100 | O 0 0 0 0 0 0 0
Py1(1440) 1462 391 | 4] 69 0 0 0 22 1 0 9 0 0
S11(1535) || 1534 | 151 |4 51 [ 43 0 | 0 | 0] 3 | 1 2 |0
S11(1650) 1659 173 |4 89 3 0 0 2 3 2 1 0
S11(2090) 1928 414 |1 10 0 0 0 6 | 49 5 30 0
Dq3(1520) || 1524 124 | 4] 59 0 0 0 20 | 21 0 0 0
Dy3(1700) || 1737 | 249 |1 1 | 0 | 0 | 0 |8 [ 13| 2 | 0 | 0
D13(2080) || 1804 447 11| 23 0 0 0 24 | 26 | 27 0 0
D15(1675) || 1676 159 | 4| 47 0 0 0 23 | 0 0 0 0
G17(2190) || 2127 047 | 4| 22 0 49 0 0 |29 0 0 0
Py1(1710) 1717 47 |11 9 0 0 37 (49 | 3 2 0 0
Py1(2100) || 1885 | 113 [1] 15[ 0 | O 2 (24271 |32 0 0
P(1720) || 1717 | 383 |1/ 13| 0 | 0 | 0 [0 [8 [ 0 ] 0 [0
Py 1879 498 3] 26 | O 30 0 0 |44 | 0O 0 0
F15(1680) 1684 139 [ 4] 70 0 0 0 11 7 12 0 0
F15(2000) 1903 494 | 1| 8 0 0 0 12 | 75 ) 0 0
F17(1990) 2086 535 | 2] 6 94 0 0 0 0 0 0 0
S51(1620) 1672 154 |2 9 0 0 0 62 | 29 0 0 0
S51(1900) 1920 263 | 3| 4 0 0 0 16 | 38 0 6 0
Dss(1700) | 1762 | 599 |1 14 [ 0 | 0 | 0 [ 78 8 [ 0 | 0 [0
D33(1940) || 2057 460 (1] 18 | O 0 0 47 1 35 | 0 0 0
D35(1930) || 1956 526 | 2| 18 0 0 0 0 0 0 0 82
D35(2350) || 2171 264 | 2| 2 0 0 0 0 0 0 0 98
Ps 1744 299 |1 8 0 0 0 0 0 0 28 | 64
P3,(1910) 1882 239 | 4] 23 0 0 0 0 10 0 67 0
P33(1600) 1706 430 | 3| 12 0 0 0 22 1 0 0 20 0
Py(1920) |[ 2014 | 152 |1]| 2 | 0 | 0 | 0 |80 0] 150
Fss5 1752 251 | 1] 2 0 0 0 7 | 22 0 0 0
F35(1905) 1881 327 | 3] 12 0 0 0 1 87 | 0O 0 0
F37(1950) 1945 300 | 4] 38 0 0 0 18 | 0O 0 0 44

Tabelle 4.2: Baryonenresonanzsatz aus der Manley-Analyse [73]. Aufgefiihrt sind die
Polmassen Mg, die Breite an der Polmasse I'y, die Klassifizierung, sowie die Verzwei-
gungsverhéltnisse der einzelnen Zerfallskanéle.

exemplarisch Breiten der Resonanzen Ps3(1232), D;3(1520) und Si4(1535). Fiir grofie
Resonanzmassen i gehen die Breiten gegen eine Konstante.

Die Breiten (4.20) beziehen sich auf den Resonanzzerfall. Fiir den umgekehrten
Prozefl der Resonanzformation ab — R kénnen wir eine 'In’-Breite aufschreiben:

o Pab Bi,, (pap?)

Fizn H :CiR La )
b(#) P pay(Mp)

(4.22)
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Meson [1\5[{ 2/] [l\/feo V] J| I | S | Zerfallskanile
T 138 0 oL 110
n 547 | 1.2-1073 0| 0 | O | vy (40%), 7t~ 70 (28%), 37" (32%)
p 770 151 11 1 |0 |7m
o 800 800 0 0 |0 |nn
w 782 8.4 1| 0 |0 |77 (2%), 7% (9%), 7t7— 7" (89%)
n' 958 0.2 0 0 |0 |p (31%), wmn (69%)
o) 1020 4.4 1] 0 |0 ]|pr(13%), KK (84%), tn~ 7 (3%)
K 496 0 0]1/2]1
K 496 0 01/2]-1
K* | 892 50 1121 | Kn
K* 892 50 1]1/2|-1| K~

Tabelle 4.3: Eigenschaften der beriicksichtigten leichten Mesonen.

Bl(fE)
1
z/(x + x%)Y/?
22/(9 + 322 + 2*)1/?
23 /(225 + 4522 + 621 + 25)1/2

WIN|[ =D~

Tabelle 4.4: Blatt-Weisskopf-Funktionen.

wobei C’i{f der Clebsch-Gordan-Koeffizient fiir die Kopplung der Isospins der Teilchen
a,b zum Resonanzisospin Ir bezeichnet. In diesem Fall stehen die Massen der einlau-
fenden Teilchen a und b fest, so daf§ im Gegensatz zur 'Out’-Breite (siche Gleichung
(4.21)) keine Gewichtung mit den Spektralfunktionen A,, A, eingeht. Im Falle stabiler
Teilchen a, b sind die ’In’- und ’Out’-Breiten (bis auf Ci{f) identisch. Allgemein gilt der
Zusammenhang

AUy (1)

dpadp, Lo (tas t1o, 1) Aa(pta) Ab(pip)- (4.23)

Wir verwenden dieselbe Breitenparametrisierung fiir alle anderen Hyperonen- und
Meson-Resonanzen. Fiir die Hyperon-Resonanzen existiert keine zu [73] analoge Analy-
se, die Parameter werden daher von der Particle Data Group [74] tibernommen. Unser
Modell beinhaltet alle dort mit vier Sternen und eine Grofiteil der mit drei Sternen
eingestuften Resonanzen. Die Teilchen A(1116) und ¥(1189) werden als stabil ange-
sehen, da sie nur einen schwachen Zerfall aufweisen. Im Mesonensektor (Tabelle 4.3)
verwenden wir fiir die Endzustdnde mit drei Teilchen eine massenunabhéngige Breite,
da die totalen Breiten der zugehoérenden Resonanzen (n,.w,n’,¢) insgesamt sehr klein
sind.
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Abbildung 4.5: Partialbreiten der Resonanzen Ps3(1232), D13(1520) und S1;(1535) im
Vakuum geméafl Gleichung (4.20).

4.5.2 Lebensdauer der Resonanzen

Die Lebensdauer der Resonanzen im Ruhesystem bestimmen wir mit dem in Trans-

portmodellen iiblichen Ausdruck
1

F?
wobei I' die totale Breite der Resonanz in deren Ruhesystem ist. Aufgrund des ver-
schwindenden Phasenraums ist die Breite an der Schwelle gleich null und die Lebens-
dauer der Resonanz unendlich grofi. Durch die Ausbildung eine Kollisionsbreite im
Medium (siche Kapitel 6.1.2), die auch an der Schwelle von null verschiedene Werte
annimmt, bleibt die Lebensdauer endlich (siche Abbildung 4.6).

In [76] wird ein anderer Ausdruck fiir die Lebensdauer hergeleitet, der der Zeit-
verzogerung der an einem Potential gestreuten Welle durch die Resonanzausbildung
als Ableitung der Streuphase nach der Energie entspricht:

0 Vsl (4.25)

F=—_  tand= .
TTom MMUT MR

(4.24)

T =

Eine entsprechende Form der Lebensdauer folgt auch aus der Transportgleichung (2.46)
[14, 64]: Betrachtet man ein Ensemble aus Resonanzen, die nur zerfallen, aber nicht
miteinander wechselwirken, so 1a8t sich (2.46) reduzieren zu

1 0
—Efaa(—igﬂ =27 (—ig").
Da es keine Resonanzformation gibt, ist die Breite des Teilchens bereits durch —i»~
gegeben, und die zeitliche Ableitung der Korrelationsfunktion lautet

N
—5(—29 )—a( ig%),
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Abbildung 4.6: Lebensdauer der Ps3(1232)-Resonanz geméf Gleichung (4.24) (gestri-
chelt) und Gleichung (4.25) (durchgezogen) im Ruhesystem. Die gepunktete Linie er-
gibt sich aus Gleichung (4.24), wenn eine zusétzliche Kollisionsbreite von 40 MeV
(entspricht der Ps3-Kollisionsbreite bei halber Kerndichte, siehe Kapitel 6.1.2) beriick-
sichtigt wird.

so dafl die Lebensdauer direkt abgelesen werden kann:
a
T==.

2

Dieser Ausdruck entspricht im nichtrelativistischen Fall Gleichung (4.25). Der relativi-
stische Ausdruck fiir die Lebensdauer lautet [64]:

To — 2EA,

wobei E die Energie des Teilchens im betrachteten System ist. In [64] wird betont,
daf Gleichung (4.24) fiir schmale Resonanzen im Sinne einer tiber die Spektralfunktion
gemittelten Grofle Giiltigkeit hat.

Wie in Abbildung 4.6 zu sehen ist, hat diese Lebensdauer eine vollkommen andere
Energieabhéngigkeit, insbesondere verschwindet die Lebensdauer an der Schwelle und
ist auf der Polmasse um einen Faktor zwei grofier.

In [77] wurden die Auswirkungen der Beriicksichtigung der verwendeten Lebensdau-
ern anhand der P33 «+» N7m-Dynamik in mA-Reaktionen untersucht. Neben dem Zerfall
der Delta-Resonanz besteht im Medium die Moglichkeit der Absorption durch Reak-
tionen wie P33N — NN, Ps3sN — P3N etc., also die Ausbildung einer zusétzlichen
Kollisionsbreite. Die Lebensdauer 7 wird mit einer modifizierten totalen Zerfallsbreite
iiber I = 1 /T in Zusammenhang gebracht. Die modifizierten Partialbreiten ergeben
sich durch die Forderung, dal die Verweigungsverhéltnisse erhalten bleiben sollen:

I
r-7

- r. -
I, =— -I=
r
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Es wurde gezeigt, dafl konsistenterweise die Modifikation der Lebensdauern mit einer
Modifikation der in das Modell eingehenden Wirkungsquerschnitte zur Beriicksichti-
gung der zusétzlichen Absorptionsprozesse, d.h. einer Division durch den Faktor I'- 7,
einhergehen muf. Das Resultat fiir die Pion-Absorption am Kern zeigt, dafl einerseits
der Wirkungsquerschnitt durch die Modifikation der Lebensdauer im Bereich des Pol-
bereichs der Ps3(1232) vergroflert wird, da hier die Resonanz linger lebt und es wahr-
scheinlicher ist, daf} sie iiber die Kollisionsreaktionen absorbiert wird. Die zuséatzliche
Beriicksichtigung der Modifikation der Wirkungsquerschnitte fiir ebendiese Absorpti-
onsmechanismen fiihrt zu einer Reduktion der Ps3-Absorption, so daf sich beide Effekte
gegenseitig aufheben und die Kurven den Rechnungen mit der Lebensdauer in Glei-
chung (4.24) entsprechen. Wihrend die Endresultate gleich sind, gilt dies nicht fiir die
dynamischen Prozesse, iiber die diese zustande gekommen sind.

In Kapitel 7.3.2 untersuchen wir den Einflul der Lebensdauer auf die Photopro-
duktion von Eta-Mesonen. Ansonsten verwenden wir die Lebensdauer aus Gleichung
(4.24).

4.6 Reaktionstypen

Die Wechselwirkungen verschiedener Teilchensorten sind ein ganz wesentlicher Be-

standteil unseres Modells. Die Giite der Beschreibung verschiedener Prozesse bestimmt

letztendlich, ob die Endzustandswechselwirkungen, die sich auf die betrachteten Reak-

tionen auswirken, sinnvoll sind oder nicht. Die Kollisionsraten (4.4), (4.5) gelten fiir

Prozesse mit beliebigen Teilchenzahlen im Eingangs- und Ausgangskanal. Die tatséchlich
im BUU-Modell beriicksichtigten Wechselwirkungen sind neben dem Resonanzzerfall

im wesentlichen auf bindre Prozesse beschriankt. Die Ausnahmen von dieser Regel be-

sprechen wir in Kapitel 4.7.5. Wir fithren nun alle Reaktionen auf, die in unserem

Modell beriicksichtigt werden.

4.6.1 Baryon-Baryon-Reaktionen
e NN — NN

e NN < NR
e NN «— AA
e NN < NNt
¢ NN — NNw
e NR— NR
e BB— NYK
e BB— NY*K

e BB — NNKK
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4.6.2 Baryon-Meson-Reaktionen

e mB— R

o ©N — 7N o 7N — N o 7N < nA

o TN «— wN o ™N — mwN o wN — wN

o 7N «— ON o ON — N e ON — ON

o 7wN «— KA e ™N «— KYN e 7N« KKN
o 7A — KA o 7TA — KX o TA— KKN
e KN — KN o KN & 1A e KN «— 7%
e KN« KN e KN — KnN

4.6.3 Meson-Meson-Reaktionen

Das BUU-Modell beinhaltet an Meson-Meson-Reaktionen neben der Resonanzanre-
gung mm < M* auch den UntergrundprozeB 77 <+ K K. In der hier benutzten nume-
rischen Realisierung (siehe Kapitel 5.3 tiber die Methode der perturbativen Teilchen)
finden sie aber keine Anwendung.

4.6.4 Reaktionen bei héheren Energien

Bei hoheren Energien nimmt die Anzahl der moglichen Endkanéle schnell zu. Daher
verwenden wir zur Bestimmung der Teilchen im Endzustand aufgrund fehlender Daten
und Modellrechnungen das Stringmodell FRITIOF [78]. Hier wird angenommen, daf
in der hochenergetischen Reaktion zweier Hadronen Strings angeregt werden, die dann
beim Auseinanderfliegen der Quarks und Antiquarks zu neuen Hadronen fragmentieren.
Als Energieschwelle verwenden wir /s = 2.6 GeV fiir Baryon-Baryon-Stofie, /s = 2.2
GeV fiir Baryon-Meson-St68e und /s = 2.1 GeV fiir die Photon-Nukleon-Reaktion. In
die Rechnungen geht eine Formationszeit von 0.8 fm/c ein, innerhalb der die neu produ-
zierten Teilchen nicht wechselwirken, die aber auf die sogenannten 'Leading Hadrons’
[20] nicht angewendet wird.

4.7 Wirkungsquerschnitte

Soweit moglich, verwenden wir fiir die im letzten Abschnitt vorgestellten Prozesse
Vakuum-Wirkungsquerschnitte, um zu entscheiden, ob und wie die Teilchen wechsel-
wirken. Wir parametrisieren die Wirkungsquerschnitte im Rahmen des Resonanzmo-
dells, d.h. wir nehmen an, daf§ die Reaktionen wie z.B. TN — X oder NN — NN«
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Abbildung 4.7: Allgemeiner Streuprozefl ab — ¢, co, ..., Cp.

hauptséchlich iiber Resonanzausbildung verlaufen. Im betrachteten Energiebereich mit
invarianten Energien bis zu 2 GeV ist dies sinnvoll. Die Unterschiede zwischen den
resonanten Beitrédgen und den Daten werden als Untergrundprozesse, d.h. direkte Re-
aktionen behandelt. Es stellt sich heraus, dal der Untergrund in den meisten Kanélen
klein ist.

Zum anderen sollen die Resonanzen explizit propagiert werden. Fiir Prozesse wie
z.B. NN — NR gibt es natiirlich keine direkten Daten. Im Resonanzmodell ist es aber
moglich, Wirkungsquerschnitte fiir solche Resonanzproduktionsprozesse zu formulieren.
Wir betrachten zunéchst den allgemeinen Prozefl mit zwei Teilchen im Eingangskanal.
In Abschnitt 4.7.2 gehen wir auf das Resonanzmodell ein.

4.7.1 Der allgemeine Prozef3 ab — cq,...,c,

Wir betrachten nun ausfiihrlicher den allgemeinen Streuprozefl mit zwei Teilchen im
Eingangskanal ab — ¢, ¢a,...,¢, (Abbildung 4.7). Der differentielle Wirkungsquer-
schnitt lautet (siehe z.B. [74, 2]):

|Mab—>cl
J

wobei j der Flufifaktor der einlaufenden Teilchen a,b und d®,, der invariante Phasen-
raum fiir n Teilchen ist. Der Symmetriefaktor Sy ist durch Gleichung (4.6) gegeben.
Fiir den Lorentz-invarianten Phasenraum gilt die Relation [74]

2
o = (2m) S co d®,, (4.26)

,,,,,

= d3pCi
APy (P; ey oosPe,) = 6(P = (pey + -+ ) [ | (27)32E,,

=1

(4.27)

mit dem totalen Viererimpuls P = p, + py. Der Flufaktor ist allgemein durch

J =4y (pa - )? — m2m?
gegeben. Im Schwerpunktsystem der Teilchen a, b gilt

j = 4pab\/g

mit dem Schwerpunktsimpuls p,, und der Schwerpunktsenergie /s. Aus diesem Aus-
druck erhélt man — vorausgesetzt man kennt das Matrixelement — alle gewiinschten
totalen und differentiellen Querschnitte, indem man iiber den ganzen oder Teile des
Phasenraums integriert.
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Q)

Abbildung 4.8: Streuprozesse mit Resonanzen.

4.7.2 Das Resonanzmodell

Zur Parametrisierung der elementaren Wirkungsquerschnitte im Rahmen des Reso-
nanzmodells brauchen wir im wesentlichen die in Abbildung 4.8 gezeigten Reaktionen.
Das linke Diagramm trégt zu Baryon-Meson-, das rechte zu Baryon-Baryon-Reaktionen
bei. Der wesentliche Aspekt des Resonanzmodells ist, dafl die Resonanzen im Transport-
modell wie reale Teilchen propagiert werden. Die in Abbildung 4.8 gezeigten Prozesse
enthalten Resonanzen nur als intermediére Teilchen. Wir brauchen jedoch Wirkungs-
querschnitte fiir die Formation oder Produktion von Resonanzen. Dazu nehmen wir
an, dafl die Matrixelemente faktorisieren und man somit die gezeigten Reaktionen als
mehrstufige Prozesse Resonanzproduktion — Resonanzpropagation — Resonanzzerfall
auffassen kann. Ublicherweise werden in der Herleitung die Resonanzen wie spinlose
Teilchen behandelt [18].

Wir betrachten zuerst den linken Prozef in Abbildung 4.8. Das faktorisierte Matrix-
elementquadrat lautet

IMan—roan|? = |IMan—rl? |Prl* I Mp_xn| (4.28)

mit dem Resonanzpropagator (fiir spinlose Teilchen)

1
M]% — S — /l:\/grtot7

wobei Mg die Polmasse der Resonanz und I'y,; die totale Breite in deren Ruhesystem
ist. Die totale Breite ist die Summe iiber alle Partialbreiten fiir den Zerfall in die

Endzustéande f:
Fiot = Z Ip_y.
!

Wir haben in Gleichung (4.29) den Realteil der Selbstenergie vernachlassigt. Im Ruhe-
system der Resonanz erhalten wir

Pp = (4.29)

(2m)*Sy | Map—r|* IMp_s|?
/s (s — sz{>2 + 8Tt

dUab—>R—>f = dq)n (430)

Die Matrixelemente lassen sich mit Zerfallsbreiten in Verbindung bringen (siehe z.B.
[74]):
L e

S [ TMp_s]? d®,,. (4.31)
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Damit gilt fiir den Zerfall R — ab:

r _ b1 @’pa Py

p
S;b ab ‘MRHab|

. Pab <2Ja + )(2Jb + 1)
T 2Jp + 1)

|MR—>ab|26 (P Pa — pb)

|Mab—>R‘2-

 87s

Im zweiten Schritt haben wir unter der Annahme, dafl das gemittelte Matrixelement
nicht vom Raumwinkel abhéngt, den Ausdruck im Schwerpunktsystem ausgewertet
und fiir den Zwei-Teilchen-Phasenraum

Ay (P; pa, py) = —— 22

4(27m)04/s d

verwendet. Im letzten Schritt haben wir das Matrixelement fiir den Zerfall R — ab in
das Matrixelement fiir die Resonanzformation ab — R umgeschrieben. Dabei stehen
Ju, Jp, Jg fiir die totalen Drehimpulse der Teilchen. Wir kénnen den totalen Wirkungs-
querschnitt also in der Form schreiben:

(4.32)

4_71' (QJR + 1) SFR_meR_J
P (2J, + 1)(2Jy + 1) (s — M3)? + sTZ,

(4.33)

Oab—R—f =

Summieren wir iiber alle Zerfallskanéle, so erhalten wir den totalen Wirkungsquer-
schnitt zur Resonanzformation im Vakuum:

r
Oagb—R = Z Oagp—R—f — Oab—R—f ° T tOtf (4.34)
R—

Die invariante Masse der Resonanz ist durch die Kinematik der einlaufenden Teilchen
eindeutig festgelegt. Fiir den Fall, dal @ und b instabile Teilchen sind, erhélt man
denselben Ausdruck (4.33), allerdings ist statt der 'Out’-Breite I'g_,, die 'In’-Breite
(4.22) zu verwenden [20].

Wir wenden uns nun dem rechten Prozefl in Abbildung 4.8 zu. Im Gegensatz zur
Resonanzformation wird hier die Resonanzmasse nicht durch die einlaufende Kinematik
bestimmt. Daher ist ein Ausdruck fiir den massendifferentiellen Wirkungsquerschnitt
fiir die Resonanzproduktion von Interesse. Der Ausgangspunkt ist

2w -
dOap—cR—cf = 4( 3/— Sef [Map—croer|? dPry1.

Wir nehmen wieder an, dafl das Matrixelement faktorisiert (fiir den Fall, da} f zu ¢
identische Teilchen enthélt, gilt hier die zusétzliche Annahme, daf3 alle Interferenzterme
wegfallen. Der auftretende Symmetriefaktor hebt sich gegen die Anzahl der Diagramme
auf, die denselben Beitrag liefern [20].):

|Mab—>cR—>cf|2 |Mab—>cR|2 |PR| |MR—>f|2

Der (n + 1)-Teilchen-Phasenraum kann iiber die Relation [74]

APy 1(P; pey D1y s Pn) = AP (PR3 D1, -y Pn) dP2(P; PR, pe) (2)% dp, (4.35)
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zerlegt werden in den Phasenraum des Zwei-Teilchen-Zwischenzustands cR und den
Phasenraum des Zerfalls der Resonanz in n Teilchen. Mit (4.32) und der invarianten
Masse der Resonanz p erhalten wir

DPer 1
AP, 1 (P;peyp1y - Pn) = dp d2d®,,,
+1(P; pe, p1 Pn) 1675+/5 H
wobei p.r den Schwerpunktsimpuls der Teilchen ¢ und der Resonanz R bezeichnet. Be-
reits in Gleichung (3.29) haben wir die relativistische Spektralfunktion A4 eingefiihrt,

die (unter Vernachldssigung des Realteils der Selbstenergie) mit dem Resonanzpropa-
gator in (4.29) iiber

zusammenhéngt. Unter Ausnutzung von (4.31) erhalten wir mit dieser Beziehung den
massendifferentiellen Wirkungsquerschnitt

daab—»cR—>cf ~ I‘R—>f
= Oab—c 3 4.
dy Gab—cr (1) Ar(1) oo (4.36)
wobei

Der massendifferentielle Wirkungsquerschnitt zur Resonanzproduktion ergibt sich wie-
der iiber die Summation iiber alle Endzustdande der Resonanz:

do’abﬂcR do’aba cR—cf
p) =) —===(p).
st - 3 et

Der Querschnitt in Gleichung (4.37) entspricht dem Ausdruck fiir die Streuung der
Teilchen a, b in Teilchen ¢ und ein stabiles Teilchen R mit Masse p. Aus diesem ergibt
sich der massendifferentielle Querschnitt fiir die instabile Resonanz R einfach durch die
Gewichtung mit der Spektralfunktion.

4.7.3 Anpassung der Wirkungsquerschnitte

Wir beschreiben nun kurz, wie die Querschnitte fiir die in Abschnitt 4.6 aufgefiihr-
ten Reaktionen angepafit werden. Fiir eine ausfiihrliche Beschreibung und Angabe der
verschiedenen Parametrisierungen, ggf. mit entsprechenden Literaturhinweisen, sei auf
[20] verwiesen.

Fiir die elastische N N-Streuung verwenden wir die Parametrisierung von Cugnon
et al. [79]. Die Prozesse NN — NR, AA werden im Rahmen des Resonanzmodells
beschrieben und die Matrixelemente, die als konstant angenommen werden, an Daten
z2u NN —- NN7w, NN — NNnn, NN — NNp, NN — NNn, pp — X angepafit. Fiir
die Reaktion NN — NA verwenden wir das Ein-Pionen-Austauschmodell aus [80],
das eine sehr gute Beschreibung winkel- und massendifferentieller Querschnitte liefert.
Der Untergrundproze3 NN — N N ergibt sich aus der Differenz des Resonanzmodells
(d.h. die inkohérente Summe der Beitridge aller Resonanzen) und der experimentellen
Daten. Fiir NN — NNw verwenden wir eine Parametrisierung. Fiir die Reaktionen
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NR — NN, NR— NR, NR— NR', AA —- NN, tNN — NN werden die Matrix-
elemente der entsprechenden umgekehrten Prozesse verwendet.

In der Strangeness-Produktion in BB-Sté8en wird ein Wirkungsquerschnitt gemaf
der Gleichung (4.26) angesetzt; fiir die Matrixelemente wird eine energieabhéngige Pa-
rametrisierung gewéhlt, die an Daten zu pp — NY K angepafit wird und von der Art
des Hyperons Y abhéngt. Diese Matrixelemente werden auch fiir die Reaktionen mit
den ensprechenden Hyperon-Resonanzen, d.h. BB — NY*K benutzt. Der massen-
differentielle Querschnitt enthélt analog zu Gleichung (4.36) die Spektralfunktion der
Resonanz. Fiir BB — NNKK wird auf eine Parametrisierung zuriickgegriffen.

Die Baryon-Meson-Prozesse werden wieder durch das Resonanzmodell (d.h. in-
kohérente Summe der Resonanzbeitriage) beschrieben. Im Kanal 7= N — X wird der
Beitrag der mit nur einem Stern bewerteten Resonanzen vernachlissigt, da ansonsten
die Daten iiberschitzt werden. Fiir die Reaktion 7™ N — X wird dieser Beitrag als
nichtresonanter Untergrund behandelt. Abweichungen zu den Daten in beiden Kanélen
bei grofien invarianten Masse werden als direkte Reaktion 7N — 7w N aufgefafit. Fiir
die Reaktionen 71N — wN, *N — nwN, oN — wN, vN — 7N, 1N — ®N,
ON — ON, ®N — 77N und 7N — nA(1232) werden Parametrisierungen verwen-
det, im Falle von Reaktionen mit zwei Teilchen im Endzustand auch zur Bestimmung
der Querschnitte der Riickreaktionen herangezogen. Auch die Prozesse tN — Y K,
mA — Y K und deren Riickreaktionen beschreiben wir durch entsprechende Parame-
trisierungen.

Im Falle von Kaon-Nukleon-Streuung reicht das Resonanzmodell insbesondere na-
he der Schwelle nicht aus, um die experimentellen Daten fiir KN — K~ N,nY zu
beschreiben. Hier wird die Differenz wieder als direkter Prozefl aufgefalt. Die Prozesse
mit einlaufenden Kaonen (die ein s-Quark enthalten) erfolgen nicht durch Resonanz-
anregung und werden parametrisiert.

Fiir hochenergetische Prozesse, die geméfl Kapitel 4.6.4 iiber das FRITIOF-Modell
ablaufen, benutzen wir Parametrisierungen der totalen BB-, BM-Querschnitte aus
[74].

Wir verwenden im allgemeinen Vakuum-Wirkungquerschnitte. Wie diese an die
verianderten Bedingungen im Medium angepafit werden, diskutieren wir in Kapitel
5.9.1.

4.7.4 Endzustinde mit instabilen Teilchen

Wir betrachten erneut den allgemeinen Streuprozefl in Abbildung 4.7. Die meisten in
unserem Modell beriicksichtigten Reaktionen bei niedrigen Energien enthalten End-
zustidnde mit einem (Resonanzformation), zwei oder drei Teilchen. Auch in den letzten
beiden Fallen kann es vorkommen, dafl einige der auslaufenden Teilchen als instabil
angesehen werden (z.B. Resonanzen, Offshell-Nukleonen), so daB8 wir auch hier dif-
ferentielle Querschnitte verwenden miissen, die z.B. Auskunft iiber die Massen der
auslaufenden Teilchen geben.
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Zwei Teilchen: ab — cd

Wir starten mit der Formel (4.26) fiir den differentiellen Querschnitt im Schwerpunkt-
system der Teilchen a, b:

2w
daabHCdchfd - 429 3/_ f’MabHCdchfd‘ dq)ner(P DPeis ooy PenyPdyy -+ apdm)

Hierbei sollen f. = ¢y, ..., ¢, und fq = dy, ..., d,,, die Endzustéinde der instabilen T”eilchen
¢,d andeuten. P = p, + py, = p. + pq ist der totale Viererimpuls der Reaktion. Ahnlich
wie in Gleichung (4.35) zerlegen wir den Phasenraum:

APprir (P Deys s Pep Py s Py ) = AP (De; Doy s s Dey ) AP (D Dy s - D)
x d®y(P; pe, pa) (27)° dp? dp;

Wir nehmen wiederum an, da§ das Quadrat des Matrixelements faktorisiert®:

|Mab—>61 ----- cnidi,..., 'm|2 |Mab—>cd|2 |P| |Pd| |Mc—>01 ----- dm|27

-----

so dafl wir analog zum Prozefl ab — cR — cf den differentiellen Querschnitt

do—ab—>cd—>f fa 1 DPed c—»f I_‘c—>f
=L = .A Ag | Map—cal? ¢ — 4
dpiedpqgd 64w p 1 Map—cal? re, I'd

erhalten. Summation iiber alle moglichen Endzustidnde f., f; ergibt dann wieder den
differentiellen Wirkungsquerschnitt fiir die Produktion der Teilchen ¢, d mit Massen

Hes Ha:
do_ab—md 1

Ped 2
= ao— Ci . 4-38
dpedpigdQ 64725 pay ooy e Ad ’M b ( )

Im Gegensatz zu Gleichung (4.36) wurde nicht iber den Raumwinkel 2 der auslaufen-
den Teilchen ¢, d integriert. Wir haben schon in Kapitel 3 gesehen, daf§ die In-Medium-
Breiten der Nukleonen (das gilt z.B. auch fiir Resonanzen) von deren Impuls abhéngen.
Die Spektralfunktionen héngen also von den Impulsen der Teilchen ¢, d ab, die wieder-
um Funktionen des Streuwinkels sind. Gleichung (4.38) dient fiir feste Kinematik der
einlaufenden Teilchen a,b (d.h. /s und pg, sind fest) als MaB fiir die simultane Wahr-
scheinlichkeit, da3 die Teilchen ¢, d mit Massen p., gy und Streuwinkel ¥ produziert
werden. Die Wahrscheinlichkeitsdichte ist also durch die Massen- und Impulsabhéngig-
keit der rechten Seite von (4.38), d.h. im wesentlichen durch

Ped Ac Ad ’Mab—»cd|2

gegeben. Diese Erkenntnis ist wichtig, um die Eigenschaften allgemeiner Zwei-Teilchen-
Endzustande (d.h. mit Offshell-Massen), wie z.B. NN — NN oder NN — NR in der
BUU-Simulation richtig zu bestimmen (siehe Kapitel 5.4.2). Gleichung (4.38) gilt auch,
wenn eines (oder beide) Teilchen im Endzustand als stabil angesehen wird (z.B. in dem
nichtresonanten Prozel 7N — wN). Dann sind die entsprechenden Spektralfunktionen
durch Delta-Funktionen (siehe Gleichung (3.30)) zu ersetzen und die Integration iiber
die Teilchenmasse ist auszufiihren.

5Wie bei der Reaktion ab — cR vernachlissigen wir alle Interferenzen fiir den Fall, da8 f. und f4
identische Teilchen enthélt.
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Drei Teilchen: ab — cde

Eine entsprechende Gleichung kann auch fiir drei instabile Teilchen ¢, d, e formuliert
werden. Die Teilchen zerfallen spéter in n, m bzw. k Teilchen, so dal wir den Phasen-
raum wie folgt zerlegen:

d(pn-‘rm-‘rk(P;pcu vory PensPdis +++s Py Peq s ---;pek) = dq)n(pc;pcu "'7pcn) dq)m(])d;pdm "'7pdm)
X APy (pe; ey -+os Per) AP3(P; pe, pa, pe) (2m)” dp? dpj dp?

mit P = p, + pp = pe + pa + pe und dem Drei-Teilchen-Phasenraum d®3, den wir im
Schwerpunktsystem (P = 0, PY = /s) auswerten:

1
8(2m)?

&pe &Ppq dpe

dd; = )
° E. E; E,

5(\/_ - Ec - Ed - Ee) 53(ﬁc +ﬁd +ﬁe>

Die dreidimensionale Delta-Funktion iiber die Dreierimpulse kann verwendet werden,
um z.B. die Integration iiber p, auszufiihren (d.h. p, = —p. —py). Ist der in d®py auftre-
tende Polarwinkel ¥ gleich dem Zwischenwinkel von p,. und py, so kann die verbliebene
Delta-Funktion verwendet werden, um diesen zu eliminieren (z := cos¥):

\/__Ec_Ed_Ee = \/__Ec_Ed_ \/ﬂg+p_;2+p_(}2+2‘ﬁc"ﬁdlx
Also gilt

Ee
|7/ |l

B3 — pi3 — |pel* — |al®

2|pe [Pl

(5(\/5—EC—Ed—Ee): (5(1’-1’0), Ty —

Analoge Schritte wie im Fall ab — cd ergeben dann den differentiellen Querschnitt

do—ab—»cde _ 1 1 |ﬁc| |ﬁd|
dpte dpig dpte dp. dQe dpgdda  pap/s 8(2m)° E.Ey

Das bedeutet, daff im Medium, wenn die A; von den Teilchenimpulsen p; abhéingen,
neben den drei Massen auch fast die vollstindigen Dreierimpulse der Teilchen ¢, d
simultan festgelegt werden miissen, da p, von diesen abhéngt. Die Gleichung behéilt
auch dann Giiltigkeit, wenn einige der Teilchen ¢, d, e stabil sind. Damit ist sie auf alle
Drei-Teilchen-Endzustdnde anwendbar.

AcAdAe ’Mab—>cde|2‘ (439)

4.7.5 Reaktionen mit drei Teilchen im Eingangskanal

Wir haben schon betont, dafl wir im allgemeinen Prozesse mit mehr als zwei Teilchen im
Eingangskanal nicht beriicksichtigen, da solche zum einen experimentellen Messungen
nicht zugénglich sind und zum anderen numerisch nicht einfach zu implementieren sind.
Andererseits enthélt das Modell auch unterhalb der Stringschwelle schon Prozesse, bei
denen drei Teilchen produziert werden, z.B. den Untergrund zu NN — mNN. Es ist
daher wiinschenswert, auch den umgekehren nichtresonanten Prozefl zu beriicksichti-
gen.

In [20] wurde ein Verfahren zur Simulation solcher Prozesse entwickelt, wobei die
Kenntnis der Matrixelemente vorausgesetzt wird. Wir haben schon in Kapitel 3 die



4.7. Wirkungsquerschnitte 75

Interpretation der Selbstenergien als Kollisionsraten von Nukleon-Streuprozessen aus-
genutzt. Gleichung (4.4) gibt angewendet auf die Reaktion 7NN — NN z.B. die
Verlustrate des Pions. Interpretiert als Kollisionsbreite ist sie somit ein Maf} fiir die
Lebensdauer dieses Teilchens beziiglich dieser Reaktion. Uber den "Zerfall’ der einlau-
fenden Teilchen wird dann mit einem exponentiellen Zerfallsgesetz (Gleichung (5.24))
entschieden (siehe auch Kapitel 6.2). Diese Methode wird fiir die Reaktion tTNN — NN
angewendet; das Matrixelement wird aus dem umgekehrten Prozefl abgeleitet. Bei an-
deren Reaktionen, die zu einem Drei-Teilchen-Endzustand fiithren (z.B. wNN — NN)
kann aufgrund der geringen Multiplizitdt der Teilchen auf eine Implementierung ver-
zichtet werden.

4.7.6 Photon-Nukleon-Wirkungsquerschnitte im Resonanzbe-
reich

Wir betrachten in dieser Arbeit photon- und elektroninduzierte Prozesse an Kernen.
Bislang haben wir die Wirkungsquerschnitte betrachtet, die fiir die Endzustandswech-
selwirkungen solcher Reaktionen relevant sind. Im Falle der Photon-Nukleon- bzw.
Elektron-Nukleon-Reaktion in der Resonanzregion geht man in dhnlicher Weise vor.

Der Proze YN wurde in [26, 20] parametrisiert und ausfiihrlich beschrieben. Wir
erldautern hier nur kurz die Vorgehensweise. Fiir den betrachteten Energiebereich sind
die relevanten Kanéle YN — Nm, Nmm und N7n. Wie auch bei den FSI miissen die
Wirkungsquerschnitte in resonante und Untergrundanteile zerlegt werden.

Fiir die Ein-Pion-Produktion existiert eine Partialwellenanalyse von Arndt et al.
[81]. Der Wirkungsquerschnitt kann durch Partialwellenamplituden A, B dargestellt
werden:

o0

q

o = 47-‘-_

k
=0

[(l + D (1A * + A ) + i 4D+ 2)(1Bul + Bas-IP) |5

(4.40)
dabei sind ¢ und &k die CM-Impulse des Pions und des Photons. Fiir /s < 2 GeV
reicht es aus, hier die Betrige zu beriicksichtigen, die durch die Resonanzen P33(1232),
D15(1520), S11(1535) und Fy5(1680) geliefert werden. Fiir jede der vier Resonanzen
wird eine Amplitude angesetzt, deren Betragsquadrat einer Breit-Wigner-Funktion ent-
spricht. Der Anteil einer Resonanz R zum Wirkungsquerschnitt in Gleichung (4.40) ist
gegeben durch:

ko ? sI' r N 2mpy
—) — (AE,P £ 1AR,P),  (ddD)

TAN—R-NT = ( k) (s— M2+ sT% . Mgl
was Gleichung (4.33) entspricht. Hier ist ky = k(Mpg) der CM-Impuls des Photons auf
der Resonanzmasse. Die Helizitatsamplituden Afﬂ und ASR/2 bestimmen die Kopplung
des Photons an die Resonanz R. Die verwendeten Werte sind in [20] zu finden. Die
Grofle I, ist proportional zur Zerfallsbreite R — «N. Hier gebrauchen wir die in [82]
vorgeschlagene Parametrisierung (siehe [20]). Fiir die Breiten in Zé&hler und Nenner ver-
wenden wir wieder die in Kapitel 4.5.1 vorgestellen Parametrisierungen. I'y schlielich
ist die totale Vakuumbreite von R auf der Resonanz.
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Abbildung 4.9: Parametrisierung des Wirkungsquerschnitts yp — np durch den Reso-
nanzbeitrag der S11(1535) analog zu Gleichung (4.42).

Durch die Subtraktion der Resonanzamplituden von den totalen Partialwellen aus
[81] wird ein Untergrund bestimmt. Es wurde in [26] betont, daf§ Interferenzeffek-
te zwischen Resonanz- und Untergrundbeitrigen wichtig sind. Daher fiihrt eine in-
kohérente Summe der Resonanzquerschnitte (4.41) und der entsprechend berechneten
Untergrundquerschnitte a,};]gvﬂ ~- 20 keiner guten Beschreibung der Daten der einzelnen
exklusiven Ein-Pion-Kanéle. Andererseits benotigen wir in BUU Querschnitte fiir die
Prozesse YN — R und YN — N7 (Untergrund), da die Resonanzen explizit propagiert
werden. Daher ist auch der kohirent berechnete Wirkungsquerschnitt auf der Basis der
Amplituden ohne praktischen Nutzen. In [26] wurden daher skalierte Wirkungsquer-
schnitte eingefiihrt, die eine Aufteilung in die Prozesse vyIN — R und YN — N erlau-
ben, aber dennoch in der Summe die Daten beschreiben. Details dazu finden sich in An-
hang C, da dies spéter Relevanz auf die Rechnungen mit der Nukleon-Spektralfunktion
hat.

Eine Ausnahme bildet hier die S;(1535), die wichtig fiir die Eta-Produktion ist.
Die skalierten Wirkungsquerschnitte werden spéter zur Berechnung der Wahrschein-
lichkeit benutzt, mit der das Photon am Nukleon eine Si; anregt. Da die Si; in ein
Eta-Meson zerfallen kann, wiirde der Ein-Pion-Untergrund iiber die Skalierung in die
Berechnung des Eta-Produktionsquerschnitte eingehen. Der Wirkungsquerschnitt fiir
yN — S11(1535) ist daher direkt tiber

ko)’ sI'yDsy—x 2my 2
sy = | = — A 4.42
NS ( k ) (S - M§11)2 + SF§11—>X MS11F0| 1/2| ( )

gegeben. Der Beitrag der Sy; zur Ein-Pion-Produktion ist durch Gleichung (4.41) ge-
geben und wird von dem totalen Querschnitt v/N — N7 abgezogen, bevor der skalier-



4.7. Wirkungsquerschnitte 77

600
500 -

400

300 -

o [ub]

200

100 -

10 12 14 16
s [GeV] Vs [GeV]

Abbildung 4.10: Parametrisierung des Wirkungsquerschnitte YN — Nm, X im Ver-
gleich zu den Daten (siehe [20]). Zur Diskussion der Diskrepanz zwischen der Parame-
trisierung und den Daten am Neutron sei auf [26] verwiesen.

te Wirkungsquerschnitt fiir die anderen Resonanz- und Untergrundbeitrige bestimmt
wird.

In Kapitel 7.3 gehen wir auf die Eta-Photoproduktion am Kern ein. Die wichtigste
Quelle sind dabei die in Eta-Mesonen zerfallenden Si;-Resonanzen, die in der ~N-
Reaktion produziert werden. Es ist also essentiell, diesen Prozefl gut zu beschreiben.
Messungen des Prozesses yp — np durch die TAPS-Gruppe an MAMI [83] bei Ener-
gien von der Schwelle bis zu E, = 800 MeV und an GRAAL bei hoheren Energien
bis E, = 1 GeV [84] lassen sich durch den Ansatz in Gleichung (4.42) parametrisie-
ren, wobei die totale Zerfallsbreite S;; — X im Zahler durch die Partialbreite fiir Nn
auszutauschen ist. Der Vergleich mit den Daten ist in Abbildung 4.9 zu sehen. Es ist
zu beachten, dafl die Energieabhéingigkeit des Querschnitts stark durch die Breiten-
parametrisierungen beeinflut wird. Am Proton iibernehmen wir fir A¥ /o den in [83]
extrahierten Wert von 0.109 GeV~'/2. Wir nehmen an, daB die Eta-Produktion am
Nukleon im betrachteten Energiebereich alleine durch die Anregung einer Si;(1535)
bestimmt wird und keine Untergrundbeitrége vorhanden sind. Dies ist eine iibliche
und durch das Experiment gestiitzte Annahme, die dariiberhinaus auch durch aufwen-
digere Coupled-Channel-Analysen der Daten bestétigt wird [85].

Informationen iiber der Querschnitt yn — nn gibt es nur indirekt durch Eta-
Produktion am Deuteron [86]. Hier wird fiir die Helizitdtsamplitude des Neutrons der
Zusammenhang A7 12 = \/%Af’l’ /2 gefunden, der auch in unsere Rechnungen eingeht.

Wiéhrend der Hauptbeitrag zu den Kanélen N7 und N7 resonanter Natur ist, gilt
dies nicht fiir die Wirkungsquerschnitte der einzelnen Isospin-Kanéle zur Zwei-Pion-
Produktion. In [26] wurde ein inkohdrenter Ansatz gewéhlt, so daff die Differenz zwi-
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schen den Daten und den Resonanzbeitrédgen als Untergrund yN — Nrw aufgefafit
wird. Die Querschnitte fiir YN — R — N77 erhélt man aus Gleichung (4.41), wenn
die Ein-Pion-Breiten I'p_, nr durch die effektiv zur Zwei-Pionen-Produktion fithrenden
Zerfallsbreite I'yzr = I'np + I'ng + Tar + I'iver ersetzt wird.

Aufwendigere Arbeiten, in denen verschiedene Feynman-Diagramme zu den ver-
schiedenen Isospinkanilen YN — Nnm ausgewertet wurden [87, 32], zeigen in der
Tat, dal Interferenzen zwischen verschiedenen Beitrégen fiir die Struktur dieses Quer-
schnitts essentiell sind.

In Abbildung 4.10 zeigen wir die vorgestellte Parametrisierung fiir den Ein-Pionen-
und totalen Wirkungsquerschnitt an Proton und Neutron im Vergleich zu den Daten.

4.7.7 Wirkungsquerschnitte fiir Elektron-Nukleon-Reaktionen

Die Elektron-Nukleon-Reaktion wird im allgemeinen in der Néherung behandelt, daf3
zwischen beiden Teilchen ein einzelnes virtuelles Photon ausgetauscht wird (one-photon
exchange approximation, siehe z.B. [2]). Daher kann dieser Prozel formal analog zur
Reaktion mit reellen Photonen behandelt werden. Als wichtiger Unterschied ergibt sich
jedoch, dafl man iiber die zusétzlichen Freiheitsgrade der longitudinalen Polarisation
und der Unabhéngigkeit von Photonenergie und -impuls verfiigen kann. Der Wirkungs-
querschnitt o« wird daher nicht nur durch die invariante Masse des Photon-Nukleon-
Paares bestimmt, sondern zusétzlich noch durch den Polarisationsparameter € und das
negative Viererimpuls-Quadrat des Photons Q* = —¢* = (p,, + pn)? — (E, + En)?. Die
experimentell gemessene Grofle ist natiirlich der Wirkungsquerschnitt der Elektron-
Nukleon-Reaktion do/(dS2dE"). Dabei ist 2 der Streuwinkel im Laborsystem (d.h. Ru-
hesystem des Nukleons) und E’ die Energie des auslaufenden Elektrons. Der Quer-
schnitt hdngt daneben auch von der Energie E des einlaufenden Elektrons ab. Mit den
das Elektron charakterisierenden Variablen lassen sich die Eigenschaften des virtuellen
Photons berechnen (dabei wird die Masse des Elektron vernachlassigt):

/ 2 ! 302 v 2 v Eg -
E,=FE—-FE, Q" =4EFE'sin 5 €= 1—|—tan§ 1—1—@ : (4.43)
Die gingige Definition eines Querschnitts fiir die Reaktion v*N aus dem gemessenen
eN-Querschnitt ist die Hand-Konvention [88, 2]. Hier erhélt man

do a E's—mb 1

_= F- * = — — . *
dOdE’ YNTORE omy QX1-¢) TN

(4.44)

wobei die Grofle I' als Flufifaktor der einlaufenden Elektronen interpretiert werden
kann. Der hieraus resultierende Querschnitt .-y 1a8t sich direkt mit dem fiir reelle
Photonen vergleichen; es kann gezeigt werden, dafl

lim o«ny =0
Q20 Y*N YN

gilt [2]. Ublicherweise wird o« v in eine transversale und eine longitudinale Komponente
zerlegt:
Oy N = O’,%lN +e- Uﬁ*N. (4.45)
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Aufgrund der Tatsache, dafi der Wirkungsquerschnitt o+ x von drei statt von einer
Grofe abhéingt, ist die Datenlage erheblich schlechter als in der Photoproduktion. Der
Grofiteil der Daten bezieht sich auf den inklusiven Prozel ep — €’ X. Die in den sieb-
ziger Jahren durchgefiihrten Messungen wurden in [89] zusammengestellt und in einer
Parametrisierung fiir den Bereich der Resonanzregion bis Q? ~ 6 GeV? verarbeitet.
Die exklusiven Kanile decken dagegen keinen durchgehenden kinematischen Bereich
ab und sind zum GroBteil auf Q? < 1 GeV? eingeschrinkt. In diesem Bereich wurde
in [66, 21] der Wirkungsquerschnitt der verschiedenen Kanile der Reaktion ep — €'X
parametrisiert, der im Resonanzbereich durch dieselben exklusiven Prozesse und Re-
sonanzen bestimmt wird wie die Photoproduktion. Daher konnte das in Kapitel 4.7.6
vorgestellte Verfahren verallgemeinert werden.

Betrachtet man nur den Beitrag der Resonanzen, so ist der longitudinale An-
teil o vernachldssigbar [90]. Der verbleibende transversale Anteil or kann dann in
derselben Form wie (4.41) geschrieben werden. Die transversale Helizitdtsamplitude
|Ar| = (|A1j2[*+|As3/2]?) "% ist nun allerdings keine Zahl, sondern eine Funktion von Q2,
die fiir jede Resonanz verschieden ist. Tatséchlich ist hier die gesamte QQ*-Abhiingigkeit
des Wirkungsquerschnitts enthalten. Ar ist fiir alle Resonanzen eine monoton fallende
Funktion von Q?. In [90] werden die Helizitéitsamplituden fiir die Resonanzen Ps3(1232),
S11(1535) und F5(1680) diskutiert. In [66, 21] haben wir die Q2-Abhiingigkeit als Form-
faktoren der Resonanzen durch Fits an die vorhandenen Daten kontinierlich bis Q% = 1
GeV? bestimmt. Eine Ausdehnung in den Bereich oberhalb dieses Werts ist aufgrund
der angesprochenen Datensituation sehr schwierig. Die Formfaktoren kénnen lediglich
— wie weiter unten geschehen wird — punktuell an bestimmte Experimente angepaflt
werden.

Das Resultat der Q?-Abhingigkeit ist, dafl die Resonanzbeitrige zum totalen Quer-
schnitt mit steigendem % im Vergleich zum Untergrund an Wichtigkeit velieren und
der Wirkungsquerschnitt an resonanter Auspragung verliert. Der unterschiedliche Ab-
fall der Resonanzamplituden wirkt sich besonders in der zweiten Resonanzregion aus:
Wihrend bei Q? = 0 vor allem die D;3(1520) dominiert und die Si;(1535) nur ei-
ne Nebenrolle spielt (Verhiltnis 2:1), dndert sich die Wichtigkeit mit steigendem Q?.
Ab Q? ~ 1.5 GeV? liefern beide Resonanzen gleiche Beitriige, und ab Q? = 3 GeV?
ist die D13(1520) mit einem Verhéltnis von 1:7 zur S11(1535) vernachlassigbar (siehe
Abbildung 8 in [91]).

In Kapitel 7.4.2 betrachten wir Eta-Elektroproduktion am Kern bei héheren (2
als in [66]. Dazu machen wir Gebrauch von den Messungen zur Reaktion vp — np
in der zweiten Resonanzregion bei Q? = 2.4 und 3.6 GeV? am JLab [92]. Auch in
der Elektroproduktion ist diese Reaktion durch die Anregung der S11(1535) dominiert;
Untergrundbeitrige konnen auch hier vernachléssigt werden [92]. Daher setzen wir zur
Parametrisierung des Prozesses analog zu Gleichung (4.42) an:

@)2 SF“/FS11—>N77 2my |AT(Q2)|2 (4 46)
( . .

O A~ * S = (
YTP—o11 PN 2 )2 2
k) (s—M32)2+sT% _ Ms,Tg

Die transversale Helizitatsamplitude wird durch Anpassung an die Daten fiir beide Q-
Werte angepafit. Hier erhalten wir die in Tabelle 4.5 gegebenen Werte, die im Bereich
dessen liegen, was in [92] mit einer etwas anderen Parametrisierung extrahiert wurde.
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QQ [GeVQ] AT(P33) [GeV_l 2] AT<SH) [GeV_l 2] AT(F15) [GeV_l 2]
24 0.0688 0.0569 0.0674
3.6 0.0316 0.0401 0.0512

Tabelle 4.5: Transversale Helizitdtsamplituden der Resonanzen fiir verschiedene Werte
von Q2.

5 y*p->np m Q’=3.6GeV’

e o Q°=2.4GeV
\
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Abbildung 4.11: Parametrisierung des Wirkungsquerschnitts v*p — np fiir Q* = 2.4
und 3.6 GeV? gemifl Gleichung 4.46. Die Daten stammen aus [92].

In Abbildung 4.11 zeigen wir unsere Parametrisierung im Vergleich zu den Daten aus
[92]. Die Beschreibung der Daten ist in beiden Féllen sehr gut.

Aufgrund der FSI kénnen theoretisch auch andere Prozesse der v* N-Reaktion zur
Eta-Produktion am Kern beitragen. Daher reicht es nicht aus, nur den direkten Prozef3
in Betracht zu ziehen. Auch bei endlichem Q? sind die relevanten Prozesse in der
Resonanzregion dieselben wie in der Photoproduktion. Aufgrund der Q2-Abhiingigkeit
der Helizitatsamplituden konnen wir aber — wie schon weiter oben beschrieben — fiir die
betrachtete Kinematik auf den Beitrag der D;5(1520) verzichten. Allerdings ergibt sich
das Problem, dafl wir aufler dem inklusiven Querschnitt v*p — X durch die Brasse-
Parametrisierung [89] und den eben beschriebenen Eta-Daten v*p — np keine weiteren
exklusiven Kanéle kennen. Daher ist es unmoglich, die restlichen Beitrdge eindeutig
zu bestimmen. Wir schreiben anders als in [66] den totalen inklusiven Querschnitt der
Einfachheit halber als inkohdrente Summe

Oy*N—X = Oy*N—P33(1232) + O~*N—S11(1535) + Oy* N— Fy5(1680) + Oys NN T O~*N—N7ms

wobei der Beitrag der Sy schon iiber Gleichung (4.46) bekannt ist. Fiir die verbleiben-
den Resonanzbeitrige machen wir entsprechende Ansétze, wobei nur die Helizitédtsam-
plituden angepafit werden miissen. Fiir die beiden Untergrundbeitrdge N7 und N7mw
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verwenden wir funktionale Formen, die denen in der Photoproduktion d&hneln. Im Zwei-
Pionen-Kanal z.B. steigt der Querschnitt an der Schwelle an und wird bei héheren
invarianten Massen in erster Ndherung konstant. Die vier noch unbekannten Beitriage
werden an den inklusiven Wirkungsquerschnitt angepaft. Dabei ist zu beachten, daf3
wir hier fiir 0.+, x nur die Resultate aus [89] fiir das Bin € > 0.9 verwenden. Dagegen
stammen die Eta-Daten von Armstrong et al. [92] aus einem Bereich € ~ 0.5 — 0.6. Es
wird in [92] ausgefiihrt, dafl die e-Abhéngigkeit von o+, .., sehr klein ist (das ist auch
aufgrund der weiter oben beschriebenen Tatsache, dafl alle Resonanzbeitrége einen
verschwindenden longitudinalen Beitrag haben, klar). Weiterhin weichen auch die Pa-
rametrisieungen verschiedener e-Bins zu 0.+, x aus [89] nicht stark voneinander ab.
Daher vernachléssigen wir die e-Abhéngigkeit aller auftretenden Wirkungsquerschnitte
im betrachteten kinematischen Bereich vollig.

Die transversalen Helizitdtsamplituden fiir die P33 und die F}5 sind in Tabelle 4.5
aufgefithrt. Wahrend die Werte fiir die P53 recht gut mit den aus anderen Experimen-
ten extrahierten und in [90] zusammengestellten Resultaten iibereinstimmen, sind fiir
die Fj5 im Vergleich zu [90] viel grofere Amplituden notwendig (ungeféhr ein Faktor
zwei), um die gesamte resonante Struktur, die in den inklusiven Daten zu sehen ist, zu
absorbieren. Dies ist durch die unterschiedlichen funktionalen Formen des Untergrun-
des zu erkldren. Eine Verwendung der Amplituden aus [90] hétte zur Folge, daf ein
Teil der resonanten Struktur als Untergrund behandelt wiirde. Die genauen Details der
Aufteilung in resonante und Untergrundbeitrige ist aber von sekundérer Bedeutung,
da in der dritten Resonanzregion (besonders bei endlichem Q?) bei Reaktionen am
Kern die Verschmierung durch die Fermi-Bewegung erheblich ist.

In Abbildung 4.12 zeigen wir den totalen Querschnitt fiir den +*p-Prozess im Ver-
gleich zu den Daten aus [89] fiir beide Q*Werte. Zusiitzlich werden auch die ver-
schiedenen Beitriage prasentiert. Der starke Anstieg des Zwei-Pionen-Untergrundes bei
Energien oberhalb von /s = 1.6 GeV kommt dadurch zustande, dafi noch vorhandene
Starke in diesen Kanal hineingesteckt wurde. Oberhalb von invarianten Massen von 2
GeV setzen wir den Wirkungsquerschnitt in Ermangelung an Daten konstant.

Bislang haben wir nur den elementaren Querschnitt am Proton betrachtet. Da es am
Neutron iiberhaupt keine Daten gibt, verwenden wir hier dieselben Querschnitte wie am
Proton. Eine Ausnahme bildet der Kanal y*n — nn, wo wir wie in der Photoproduktion

2

Oy n—mn = gav*p—mp

benutzen.
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Abbildung 4.12: Parametrisierung des Wirkungsquerschnitts v*p — X fiir Q? = 2.4
und 3.6 GeV? und Aufteilung in die einzelnen Kanéle. Die Daten stammen aus [89)].



Kapitel 5

Numerische Implementierung

In diesem Kapitel beschéftigen wir uns mit der numerischen Implementierung des BUU-
Modells. Ausgehend vom Losungsansatz des Systems von BUU-Gleichungen (4.7) iiber
die Testteilchenmethode diskutieren wir die daraus resultierenden Bewegungsgleichun-
gen, insbesondere fiir die Propagation von Teilchen abseits der Massenschale. Das ist
fiir die Implementierung der Grundzustandskorrelationen natiirlich von besonderem In-
teresse. Danach kommen wir auf Aspekte der numerischen Initialisierung und Stabilitét
sowie die Implementierung der in Kapitel 3 berechneten Nukleon-Spektralfunktion zu
sprechen. Weiterhin beschreiben wir die Umsetzung des Kollisionsterms auf der Grund-
lage der im letzten Kapitel besprochenen Wirkungsquerschnitte fiir die Endzustands-
wechselwirkungen.

5.1 Die Testteilchenmethode

Das System aus gekoppelten BUU-Gleichungen (4.7) wird durch die Testteilchenme-
thode gelost. Dabei wird die spektrale Phasenraumdichte F'(7, p, u; t) einer bestimmten
Teilchensorte durch ein diskretes Ensemble sogenannter Testteilchen ersetzt:

1 (2n)?
ab

> 6= 7(t) 65 — pi(t) 6(n — pa(t)). (5.1)

i

F(7,p, p; t)

Dabei sind 77, p;, ;. Ort, Impuls und Masse des Testteilchens ¢ zur Zeit t. Betrachten
wir ein System, das nur aus Nukleonen besteht (z.B. bei der Initialisierung), dann
wird jedes Nukleon im Kern durch eine bestimmte Anzahl N von Testteilchen er-
setzt. In der hier angewendeten Parallel-Ensemble-Methode werden die vorhandenen
Testteilchen in N verschiedene Ensembles eingeteilt, die sich gegenseitig nicht beein-
flussen. Die Baryonendichte wird davon abweichend als Mittel {iber alle Ensembles
gebildet, siehe Kapitel 5.5. Somit werden N verschiedene Reaktionen nebeneinander
simuliert, die aufgrund unterschiedlicher Initialisierung und unterschiedlicher Trajekto-
rien der Testteilchen im Verlauf der Reaktion fiir hinreichend groflie N den Zeitverlauf
der Nukleon-Phasenraumdichte approximieren.

Neben der Parallel-Ensemble-Methode gibt es auch die sogenannte Full-Ensemble-
Methode, bei der jedes Nukleon durch seine N Testteilchen ersetzt wird, d.h. jedes
Testteilchen 1/N des Nukleons, also 1/N der Masse, der Ladung usw. ausmacht. Hier
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diirfen alle Testteilchen miteinander wechselwirken, allerdings nur mit 1/N des Wir-
kungsquerschnitts. In [20] werden beide Methoden miteinander verglichen.

Im Falle stabiler Teilchen (d.h. Losung der eigentlichen BUU-Gleichung (2.48)) wird
fiir die normale Verteilungsfunktion f, die keine explizite Energieabhéngigkeit enthélt,

angesetzt:
1 (2m)?

f(rpit) = NTZﬂF—ﬁ(t)W(ﬁ—@(O)- (5.2)

5.2 Bewegungsgleichungen

5.2.1 Teilchen auf der Massenschale

Setzt man den Ansatz (5.2) in die linke Seite der BUU-Gleichung ein, so sieht man, daf§
der Ausdruck verschwindet (d.h. die Vlasov-Gleichung erfiillt ist), wenn die folgenden
Gleichungen erfiillt sind:

d_' —

aﬁ'(t):vpiHmf

d —

—pi(t) = =V, Hy, 5.3
d

o7 1)

Das bedeutet, dafi sich die Testteilchen zwischen den Kollisionen (wenn die Vlasov-
Gleichung gilt) gemé&fl der Hamilton’schen Bewegungsgleichungen bewegen. Dieselben
Gleichungen erhélt man, wenn man den Testteilchenansatz (5.1) in den Vlasov-Term
der verallgemeinerten BUU-Gleichung (4.1) einsetzt [20]. Dies zeigt, wie schon in Ka-
pitel 2.2.3 erwahnt, dafl sich die Teilchenmasse aufgrund der Propagation nicht &ndert.

5.2.2 Offshell-Bewegungsgleichungen

Basierend auf dem Kadanoff-Baym-Formalismus wurden inzwischen Erweiterungen der
tiblichen Onshell-Propagation auf die Offshell-Propagation vorgeschlagen (z.B. [14, 20,
16, 15, 93]).

In [14] wurde nichtrelativistische Kinematik verwendet. Setzt man den Testteilchen-
ansatz (5.1) in die Transportgleichung (2.46) ein, so findet man die Bewegungsgleichun-
gen

—

d i - AEZ -
— 7= bi 4 VpiReZl].mt + T V. Li

dt mpy i
d - AFE; -
— D= — ReXret 'V,.T;
o Di (VrlRe it T, V., ,)
d AFE; d
— (AE;) = — T, (5.4)

dt r, dt°

mit AFE; = w; —p?/2my—ReX!,,. Dabei ist w; die nichtrelativistische Energie aus Kapi-

tel 3. Die Energie (oder entsprechend die Masse) des Testteilchens dndert sich also mit
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der Zeit, abhéngig von der zeitlichen Entwicklung der Teilchenbreite. Gradienten der
Teilchenbreite gehen auch in die anderen Bewegungsgleichungen ein. Tatséchlich 1483t
sich der Ursprung dieser Terme zuriickverfolgen und in der zweiten Poisson-Klammer
auf der linken Seite von Gleichung (2.46) bzw. in der zweiten Poisson-Klammer auf der
linken Seite von Gleichung (2.43) lokalisieren.

Die Arbeit von [15, 93] liefert die relativistischen Bewegungsgleichungen:

d D 1 = wr—m? 1 =

— =4 VYV ReXt 4L N ¢ T,

AR AR Yo e B B S Vo

d 1 = pr—m% 1 =

= —V.ReXyet y i N~ g T

at? (QEZ- ViRex™ + =g Vel

d 5 p?—m3 d
— =0 N T, 5.5
at r, dt (55)

mit F; = \/,LLQQ —l—plz + ReZ;et(ﬁnﬁ;a E’L)

Wir verwenden fiir die Propagation die in [20, 16| entwickelte Methode, die auf
der Einfithrung eines Offshell-’Potentials’ beruht. Dazu wird die Masse eines Offshell-
Teilchens (z.B. Nukleon) geschrieben als

pw=p +Us=mpy+ Au+Us, (5.6)

wobei Ug das in Gleichung (4.15) eingefiihrte skalare Potential ist. Au gibt die Ab-
weichung von der Polmasse an, die iiber den ’trivialen’ Mean-Field-Anteil hinausgeht.
Diese Schreibweise ermutigt uns, die Offshellness Ay als skalares Offshell-Potential
aufzufassen, so dafi die gesamte (effektive) Offshell-Masse durch

w=mpy+ S, S :=Au+Ug (5.7)

gegeben ist. Das totale skalare Potential S besteht also aus einem ’echten’ Offshell-
Anteil, den wir mit Hilfe der Spektralfunktion bestimmen werden, und dem in Glei-
chung (4.15) definierten skalaren Mean-Field-Potential. Fiir die Orts- und Impulsvek-
toren verwenden wir nun die Bewegungsgleichungen aus Gleichung (5.3) mit dem Un-
terschied, dafl in die Mean-Field-Hamilton-Funktion das totale skalare Potential S
eingeht:

Hpye = /(my + S)2 + p2. (5.8)

Dadurch beeinflufit die Offshellness direkt die zeitliche Verdnderung von 7; und p;,
ahnlich wie in den Bewegungsgleichungen (5.4) und (5.5). Der dispersive Realteil der
Selbstenergie wird aus den in Abschnitt 3.5.2 genannten Griinden vernachléssigt.

Fiir die Zeitabhéngigkeit der Masse p machen wir den folgenden Ansatz: Wir be-
trachten den Zeitpunkt ¢ = 0, an dem das Teilchen erzeugt (also z.B. den Zeitpunkt
einer Kollision oder der Initialisierung) und die Offshellness Ap(t = 0) bestimmt wird.
Wir gehen davon aus, daf§ die Offshellness in der Folgezeit (bis zur ndchsten Kollisi-
on) proportional zur In-Medium-Breite des Teilchens ist. Die Anfangsbedingung wird
durch den Ausdruck

Ftot (t)

Ap(t) = Ap(t =0) - Tt = 0)

(5.9)
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erfiillt. Wir machen in unseren spéteren Rechnungen immer die vereinfachende Annah-
me, dafl die Kollisionsbreite proportional zur Baryonendichte ist:

Ap(t) = Ap(t = 0) - p(tp(i)o).

Durch diesen Ansatz wird im {ibrigen auch sichergestellt, dafl die Nukleonen ihre
Onshell-Masse erreichen, wenn sie ins Vakuum propagieren. Dies war die urspriingliche
Motivation zur Einfithrung des Offshell-Potentials in [28]. Numerisch gesehen unter-
scheidet sich die Offshell-Propagation in diesem Modell bis auf die Bestimmung des
totalen skalaren Potentials S nicht von der Onshell-Propagation.

Wir miissen nun untersuchen, inwieweit die hier verwendeten Bewegungsgleichun-
gen mit denen in (5.4) und (5.5) zusammenhéngen.

(5.10)

5.2.3 Nichtrelativistischer Grenzfall

Wir betrachten zunéchst den nichtrelativistischen Grenzfall (dazu zéhlen wir auch die
Annahme, da§ die Offshellness Ay nicht zu grof ist). Die Hamilton-Funktion (5.8)

lautet dann
2 2

H=my+ +S=mpy+ b
2mN

A Us. 5.11
i +Aap+Ug ( )

Fiir alle Orts-, Impuls- und Zeitableitungen gilt wegen (5.9)

d Ap(t=0) d u(t) d
— A = 2T _ epy) a o 19
Also folgt
— N — A .
VpH = L v Us + Vp(Ap) P + V,Us + ?“vpr
und

. . N
V. H = —(V,Us + ?"vrr).

Laut Gleichung (5.6) ist die Offshellness duch Ay = p/ — my definiert, enthélt also
kein Mean-Field. Mit Gleichung (3.28) fiir den Zusammenhang zwischen der Masse '
und der nichtrelativistischen Energie folgt:

Ap=p +Us—Us—my

p2

2mN

—Ug = AFE.

=my +w— —Us —mn

2

—wT 2m N
Dieser Ausdruck entspricht AE in Gleichung (5.4) und damit stimmen die nichtrelati-
vistischen Bewegungsgleichungen fiir 7 und p'iiberein. Die Bewegungsgleichung fiir AFE
ist wegen (5.12) ebenfalls erfiillt. Soweit haben wir die Gewiheit, daf die Einfithrung
eines Offshell-Potentials im nichtrelativistischen Grenzfall Rechtfertigung besitzt.
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5.2.4 Untersuchungen im Woods-Saxon-Potential

Es ist nicht moglich, ein Offshell-Potential einzufiithren, das die relativistischen Bewe-
gungsgleichungen (5.5) erfiillt. Wir diskutieren nun, inwieweit sich die Bewegungsglei-
chungen, die wir fiir die Propagation der Offshell-Nukleonen verwenden, von den relati-
vistischen Bewegungsgleichungen (5.5) quantitativ unterscheiden. Fiir die Berechnung
photonuklearer Reaktionen mittels der Methode der perturbativen Teilchen (Kapitel
5.3) ist es wichtig, wie die Testteilchen {iber ldngere Zeitraume propagieren.

Wir nédhern nun den Kern durch ein statisches Woods-Saxon-Dichteprofil (5.15)
an. Daraus folgt dann tiber Gleichung (4.8) das lokale skalare Potential. Wir lassen
einzelne Testteilchen mit unterschiedlichen Anfangsbedingungen (Ort, Impuls, Masse)
durch dieses Potential propagieren, jeweils unter Verwendung der Offshell-Potential-
Methode und der Bewegungsgleichungen (5.5). Wir gehen dabei davon aus, daf fiir die
Nukleonenbreite in beiden Féllen

L(7, p, ;1) o< p(7(t))
gilt. Damit haben wir die folgenden Bewegungsgleichungen zu losen:

e Offshell-Potential-Methode (Modell A):

d - d -
Cr_voH Li-—_V.H
ai" = Vet =y
mit H = /(my + S)2 + p2. Die Masse zur Zeit ¢ ist durch die Offshellness Ap

zur Zeit t = 0 und die lokale Dichte gegeben:

M/(t = 0) — MmN (t)

w(t) =my+ 2 =0)

e relativistische Bewegungsgleichungen (Modell B):

d 1, =
ET’ = E(Qp_{—valeet)
d 1 (= W —m3 =
—p=—— T‘R Ere r
dtp 2F (V Cirer + p Vrp
d 2 /1/2 - m?\f = 5
Raliaes v,
il p p

Fiir das skalare Potential verwenden wir die impulsunabhéngige EOS (Parametersatz
(H) aus Tabelle 4.1).
Die numerische Losung der Bewegungsgleichungen z.B. fiir den Ortsvektor (siehe

dazu auch Kapitel 5.6) beinhaltet eine Zeitschrittweite At:

V,H(t Modell A
F(t+At):'F(t)+At~{ ’ (©) oce

7275 (20(t) + V,ReSei(t))  Modell B.

(5.13)

Wir haben gefunden, da At in Modell B erheblich kleiner gewéhlt werden muf§ als in
Modell A (Atg = 0.05 fm/c im Vergleich zu At4 = 0.5 fm/c), um stabile Resultate zu
erhalten.
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Abbildung 5.1: Onshell-Testteilchenbahnen fiir verschiedene Anfangsbedingungen mit
Anfangsimpuls py = 0.2 GeV im statischen Calcium-Kern.

Wir betrachten kurz den Onshell-Fall, in dem beide Modelle einander entsprechen.
Die Form der Testteilchenbahn héngt von den Anfangsbedingungen ab. Der eine Ex-
tremfall ist dabei, da8 #(t = 0) und p(¢ = 0) parallel sind. Hier wirken die Gradien-
ten nur entlang der durch die Vektoren definierten Linie und die Propagation erfolgt
ebenfalls entlang dieser Linie mitten durch den Kern. Das Testteilchen durchlauft also
verschiedene Dichteregionen. Im anderen Extremfall ist 7(¢ = 0) L p(¢t = 0). Hier findet
die Bewegung in der durch 7 und p vorgegebenen Ebene statt und zwar auf einer mehr
oder weniger kreisdhnlichen Bahn. Die Exzentrizitéit hingt dabei von |7t = 0)| ab.
Dies ist in Abbildung 5.1 veranschaulicht. Die Gerade entlang der y-Achse entspricht
dabei dem ersten Extremfall. Die beiden anderen Kurven zeigen, dafl im zweiten Ex-
tremfall die Abweichung von einer Kreisbahn umso kleiner ist, je grofler der anféingliche
Abstand von Ursprung ist.

Wir untersuchen nun verschiedene Beispiele fiir die Offshell-Propagation der Test-
teilchen in beiden Modellen fiir den Fall 7 || p’ und |7(¢ = 0)] = 2 fm. Im anderen
Extremfall ergibt sich nichts Neues, ebenso fiir Initialisierungen weiter auflerhalb.

Die Resultate fiir |7(¢)|, |p(t)] und p(t) sind in Abbildung 5.2 und 5.3 zu sehen. In
der gewéhlten Projektion stellt die zeitliche Entwicklung aller Groflen eine Schwingung
dar. Zunéchst sind die Unterschiede zwischen den Modellen fiir kleine Offshellness sehr
klein — das ist aufgrund der Diskussion in Kapitel 5.2.3 klar. Bei groflerer Offshellness
und/oder groffen Anfangsimpulsen sind die Kurven im Hinblick auf die Amplituden
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uw=0.8GeV Modell A u = 0.6 GeV Modell A

r=2fmp=02GevV  ------ Modell B r=2fmp=02GevV  ....... Modell B
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Abbildung 5.2: Vergleich der Zeitabhéngigkeit von Ort, Impuls und Masse durch Lésung
der Bewegungsgleichung von Modell A bzw. Modell B. Die Testteilchen wurden bei
r=21fm, p=0.2 GeV und p = 0.8,0.6 GeV initialisiert.

ebenfalls sehr dhnlich. Der Hauptunterschied, der zu beobachten ist, besteht darin,
dafl die Kurven aus Modell A eine kleinere 'Schwingungsfrequenz’ haben als die in
Modell B, aber fiir alle Grélen r, p, i, ... gleich ist. Die Frequenzdifferenz steigt mit
wachsender Offshellness.

Die Unterschiede in den Amplituden sind erstaunlich klein. Das Problem der un-
terschiedlichen Frequenzen ist vermutlich schwerwiegender, da sich hierdurch die Test-
teilchen in beiden Modellen zu gleichen Zeiten an verschiedenen Orten aufhalten. Da
die Frequenzunterschiede massenabhéngig sind, werden in beiden Modellen in einer
Simulation mit mehreren Testteilchen verschiedene Szenarien beschrieben, da Stofe,
die in Modell B zur Zeit t stattfinden, in Modell A nicht stattfinden, weil sich einer
der beiden Stofipartner nicht am Kollisionsort befindet. Ob dieser Unterschied aller-
dings zu observablen Effekten in den Reaktionen fiihrt, ist eher unwahrscheinlich. Da
die mittlere freie Weglédnge der Nukleonen (je nach Energie) nur wenige fm/c betrigt,
findet schon ein neuer Stof3 statt, bevor die Frequenzunterschiede richtig zum Tragen
kommen.

Das Problem konnte prinzipiell gelost werden, indem man die Zeitschrittweite At 4
in Gleichung (5.13) so umskaliert, dafl die Frequenz der in Modell B entspricht. In
der Praxis 148t sich dies nicht so einfach umsetzen, da die Frequenzunterschiede von
der Anfangsmasse, -ort und -impuls der Testteilchen abhéngen. Davon abgesehen be-
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Abbildung 5.3: Vergleich der Zeitabhéngigkeit von Ort, Impuls und Masse durch Lésung
der Bewegungsgleichung von Modell A bzw. Modell B. Die Testteilchen wurden bei
r=2fm, p=06 GeV, u =06 GeV bzw. r = 2 fm, p = 0.2 GeV, y = 04 GeV
initialisiert.

trachten wir hier eine statische Woods-Saxon-Verteilung. Wie wir in Kapitel 5.5 sehen
werden, verwenden wir im BUU-Modell dynamische Teilchendichten und -strome, die
zu jeder Zeit t aus den tatséchlich vorhandenen Teilchenverteilungen berechnet werden.
Weiterhin weicht das berechnete Dichteprofil schon zur Initialisierung von der Woods-
Saxon-Verteilung ab, da zur Dichteberechnung ein Verschmierungsalgorithmus fiir die
(deltaférmigen) Nukleonendichten verwendet werden muf.

5.3 Perturbative Teilchen

Zuséatzlich zur Parallel-Ensemble-Methode verwenden wir in den hier vorgestellten
Rechnungen die Methode der perturbativen Teilchen. Diese wird in Transportmodel-
len héufig zur Berechnung der Produktion seltener Teilchen, die dementsprechend nur
einen geringen Einflufl auf weitere Teilchen der eigenen und anderer Sorten haben, ver-
wendet [94, 65]. Perturbative Teilchen sind Testteilchen, die in der Propagation und
in der Wechselwirkung iiber Kollisionen von den reellen Teilchen beeinflufit werden;
umgekehrt werden die reellen Teilchen in keiner Weise von den perturbativen Teilchen
beeinflufit.

Die Produktionswahrscheinlichkeit fiir reelle Teilchen eines Endzustands f z.B. in
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einer Kollision der Teilchen a und b ist durch das Verhéltnis o, 7/0t" gegeben. Die

auslaufenden Testteilchen erhalten ein statistisches Gewicht von 1. Die Produktion
perturbativer Teilchen findet in jeder Reaktion zwischen reellen Teilchen a und b statt.
Um die Uberproduktion auszugleichen, wird jedem Teilchen ein statistisches Gewicht
von gy /0t < 1 zugewiesen. Perturbative Teilchen kénnen nur mit anderen reellen
Teilchen reagieren; dabei wird das urspriingliche statistische Gewicht weitervererbt.

In [20] wurde dieses Verfahren auf photoninduzierte Reaktionen erweitert. Im Un-
terschied zur iiblichen Vorgehensweise ohne perturbative Teilchen (z.B. [26]), wo in
jedem der N Ensembles eine Photon-Nukleon-Reaktion simuliert wird (also insgesamt
N Reaktionen), wird nun in jedem Ensemble die Reaktion y/N an jedem Nukleon ini-
tialisiert, also insgesamt N - A Reaktionen. Hierbei werden die Reaktionsprodukte als
perturbativ angesehen. Im betrachteten Energiebereich innerhalb der Resonanzregion
kann man in guter Naherung davon ausgehen, daf§ die Wahrscheinlichkeit, dafl das ein-
laufende Photon an einem bestimmten Nukleon absorbiert wird, fiir alle Nukleonen im
Kern gleich ist. Deshalb erhalten die perturbativ produzierten Teilchen der elementaren
Reaktion ein statistisches Gewicht von 1/A.

Die beschriebene Verfahrensweise entspricht der Annahme, daf§ der Kern wéhrend
der Reaktion im wesentlichen im Grundzustand bleibt, d.h. fiir die Phasenraumdichte
der Nukleonen gilt

fn (7, pit) = const (Ip] < pr(r)). (5.14)

Da die Multiplizitdten anderer Teilchensorten klein sind, ist auch in yA-Reaktionen
die Annahme, daf} sich die Reaktionsprodukte im Verlauf der Reaktion nicht nochmals
begegnen und wechselwirken, gerechtfertigt.

Eine hiufig verwendete Konsequenz aus Gleichung (5.14) ist, dal zu Beginn der
Rechnung die Dichten und Strome einmal berechnet werden, auf die Aktualisierung
nach jedem Zeitschritt aber verzichtet wird. Fiir photonukleare Rechnungen mit On-
shell-Nukleonen wirkt sich dies nicht auf die Resultate aus [20] und spart erheblich
an Rechenzeit. Beriicksichtigen wir dagegen die Grundzustandskorrelationen, so wirkt
sich diese Vorgehensweise destabilisierend auf den Kern aus, so dafl wir in diesem Fall
die Dichten nach jedem Zeitschritt aktualisieren.

Die Folge dieser numerischen Implementierung ist, dafl es einen Kern aus reellen
Nukleonen gibt, in dem sich die anderen in der photonuklearen und nachfolgenden
Reaktionen produzierten Teilchen, die allesamt perturbativ sind, bewegen. Der reelle
Kern selber bleibt unbeeinflufit von der Reaktion, und die Nukleonen bewegen sich
lediglich gemé&f der Bewegungsgleichungen. Daher ist es wichtig, dafl der initialisierte
Grundzustand des Kerns iiber den gesamten Zeitraum der Reaktion numerisch stabil
ist. Das diskutieren wir im néchsten Abschnitt.

5.4 Initialisierung

Zum Zeitpunkt der Initialisierung haben wir es nur mit der Phasenraumdichte der
Nukleonen zu tun. Alle weiteren Teilchensorten werden erst im Verlaufe der Reaktion
erzeugt. Geméfl des von uns verwendeten Parallel-Ensemble-Algorithmus besteht die
Initialisierung darin, in allen N Ensembles die Anfangsbedingungen 7;(t = 0), p;(t = 0),
pi(t = 0) fiir die jeweils A Testteilchen festzulegen. Zur Festlegung der Ein-Teilchen-
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ro [fm] | « [fm] | po [fm~3]
C 2.328 | 0.479 0.160
Ca || 3.719 | 0.479 0.159
Fe || 4.220 | 0477 0.158
Nb || 5.092 | 0.477 0.155
Au || 6.691 | 0.476 0.150
Pb || 6.826 | 0.476 0.149

Tabelle 5.1: Parameter fiir die Woods-Saxon-Dichte in Gleichung (5.15).

Energien ist die Kenntnis der Nukleonendichte notwendig. Diese wird dynamisch zu
jedem Zeitpunkt der Simulation aus der tatséichlichen Ortsraumverteilung der Nukleo-
nen bestimmt (siche Kapitel 5.5).

5.4.1 Ortsraum

Zur Initialisierung der Nukleon-Testteilchen im Ortsraum wird die Woods-Saxon-Dichte

s Po
" e () o
verwendet. Die Parameter pg, 79, @ stammen aus einer Hartree-Fock-Rechnung fiir sta-
bile Kerne [18] und sind fiir die in dieser Arbeit betrachteten Kerne in Tabelle 5.1

aufgefiihrt. Hieraus ergibt sich durch Integration die Massenzahl

A=dr /dr r2p(r),

d.h. die Testteilchen werden geméif der Dichtefunktion r%p(r) verteilt. Wir verwenden
Gleichung (5.15) isospinunabhéngig fiir Protonen und Neutronen.

5.4.2 Implementierung der Grundzustandskorrelationen

Die Wahrscheinlichkeitsdichte, ein Nukleon mit Impuls p und Masse p’ zu finden, ist
durch die Spektralfunktion gegeben. Zur Initialisierung im Viererimpulsraum machen
wir Gebrauch von der lokalen Dichtendherung, die wir in Kapitel 4.3 besprochen ha-
ben: Nachdem der Ort 7 des Nukleons und damit die lokale Dichte bestimmt worden
ist, werden Impuls und Masse geméf} der lokalen Spektralfunktion A(y',p,p), die fiir
verschiedene Dichtebins berechnet wurde (Kapitel 4.3.2), ausgewtiirfelt. Die Integration
iiber die Impulsverteilung,

/ ’pn(p, p),

ist ein Ma#f fiir die Gesamtanzahl der Nukleonen. Mit Gleichung (3.36) folgt, dafl dann
die Dichtefunktion zur Bestimmung von Impuls und Energie (oder dquivalent Masse)

dN

= R EAE 1
TonTI A(E,p,p) (5.16)
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Abbildung 5.4: Impulsspektrum (links) und Massenspektrum (rechts) der Nukleonen
in 9Ca nach Gleichung (5.16).

ist. Diese Vorgehensweise ist problematisch, denn wenn die Spektralfunktion nur fiir
diskrete Werte der Dichte und somit diskrete Fermi-Impulse gegeben ist, erhédlt man ei-
ne Impulsverteilung des Kerns, die eine Stufenstruktur (verursacht durch die jeweiligen
Fermi-Kanten) aufweist.

Ein kontinuierliches Impulsspektrum wie in Abbildung 4.2 erhélt man auf einem
anderen Weg: Die Impulsverteilung ist die iiber die Energie integrierte, eindimensio-
nale Randverteilung der Dichtefunktion in (5.16). Aus der Monte-Carlo-Theorie ist
bekannt, dafl man zwei geméf (5.16) verteilte Zufallsvariable E, p erhilt, indem man
zuerst einen Impuls p; gemiB der iiber E integrierten Randfunktion (also p? n(p)) be-
stimmt und dann mit diesem Wert p; und der Dichtefunktion EA(FE, py, p) die Energie
E festlegt. Dabei ist die Obergrenze E < Er(p) mit der lokalen Fermi-Energie Er zu
beriicksichtigen. Diese Methode erlaubt es, die in der Dichte kontinuierliche Parame-
trisierung der Impulsverteilung aus Gleichung (4.19) zu verwenden, um den Impuls zu
bestimmen. Damit verhindert man die Stufenbildung.

Wir betonen, dal wie in Kapitel 3.7 hier die Energie E durch E = \/p/* + p? ge-
geben ist und (ebenso wie die daraus folgende Masse 1) kein Mean-Field enthélt. Die
volle In-Medium-Masse p erhélt man durch die Addition von Ug. Wir haben in Kapitel
3.6 eine Spektralfunktion berechnet, die das verwendete Mean-Field Ug explizit enthélt
und uns anstelle von ' sofort die effektive Masse p liefern wiirde. Die Unterschiede
zur hier verwendeten Spektralfunktion waren allerdings sehr klein. Auflerdem miifite
die Spektralfunktion fiir jedes verwendete Potential neu berechnet werden. Daher ver-
zichten wir auf die potentialabhéngige Spektralfunktion.

In Abbildung 5.4 zeigen wir die geméfl (5.16) erzeugten Impuls- und Massenspek-
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tren fiir 4 in einem Calcium-Kern. Zum Vergleich findet sich die Impulsverteilung
fiir korrelierte Kernmaterie. Deutlich zu sehen ist die Ausschmierung der Fermi-Kante
durch das Dichteprofil des Kerns. Das Massenspektrum zeigt den stark dominierenden
Onshell-Peak. Es ist deutlich, dafl der Hauptbeitrag der Spektralfunktion Massen mit
' < mpy entspricht. Im gezeigten Beispiel befinden sich im Onshell-Peak (in einem
Massenbereich von my +5 MeV) 81% der Nukleonen. 18% der Nukleonen haben eine
Masse p' < my und lediglich 1% der Nukleonen hat eine Masse grofier als my. Die
Asymmetrie ist leicht zu verstehen: In Abbildung 2.1 entspricht die durchgezogene Linie
der Massenschale, also ' = my. Mit Hilfe von Gleichung (3.28) wird deutlich, daf die
Zustande in der hellgrauen Fliache der Bedingung 1/ < my geniigen; die dunkelgraue
Flache dagegen beinhaltet die besetzten Zustdnde mit u’ > my, die aber deutlich in
der Unterzahl sind.

Abweichend von den hier préasentierten Resultaten fordern wir in den spéateren Rech-
nungen aus numerischen Griinden fiir die Nukleonenmasse

=04 GeV, (5.17)

um zu verhindern, dafl die Nukleonenmasse wahrend der Propagation negativ wird
(siche Kapitel 5.7.3).

Fiir Rechnungen mit Onshell-Nukleonen wird die Initialisierung analog vorgenom-
men. Hier ist die Impulsverteilung einfach eine Kastenfunktion ©(pr(p) —p) mit Fermi-
Impuls pp. Damit reduziert sich die Dichtefunktion auf den Ausdruck p? mit der Rand-

bedingung p < pr(p).

5.5 Dichten und Strome

5.5.1 Testteilchendichten und -strome

Zur Losung der Bewegungsgleichungen fiir die Baryonen benétigen wir die Dichte am
Teilchenort, die in die Parametrisierung des Mean-Field-Potentials (4.8) eingeht. Die
Berechnung des skalaren Potentials im lokalen Ruhesystem (Gleichung (4.15)) erfordert
auch die Kenntnis des Stroms. Dichten und Stréome werden auf einem dreidimensio-
nalen Gitter mit Knotenabstand d berechnet. Tragen die Testteilchen geméfl (5.1) als
deltaférmige Teilchen bei, werden Dichten erzeugt, die auch bei hinreichend grofier Test-
teilchenanzahl starken numerischen Fluktuationen unterworfen sind, was sich negativ
auf die Berechnung der Gradienten in den Bewegungsgleichungen auswirkt. Um dies zu
verhindern, verwenden wir einen Verschmierungsalgorithmus. Hier wird jedem Testteil-
chen ein Gau-Gewicht zugeordnet. Auflerdem wird zur Berechnung des Viererstroms
ein Mittel iiber alle Nukleonen, Nukleon- und Deltaresonanzen in allen Ensembles ver-
wendet.

2m2 N(27A2)3/2 Z o P ( T_TZ)Q) 5.18)
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Abbildung 5.5: Vergleich der Woods-Saxon- und verschiedener Testteilchendichten fiir
einen Calcium-Kern.

Die Breite des Gitterabstands d und der Gauf-Funktion A werden so gewihlt, dafl
die Propagation der Nukleonen ohne Kollisionen im dynamischen (d.h. dem mit der
Testteilchendichte berechneten) Mean-Field-Potential zeitlich stabil ist und héngt da-
her davon ab, ob wir die Bewegungsgleichungen (5.3) mit oder ohne Offshell-Potential
16sen. Fiir Onshell-Rechnungen verwenden wir d = 1 fm und A = 1 fm, fiir Offshell-
Rechnungen d = 0.5 fm und A = 1.5 fm. Genauere Untersuchungen finden sich in
Kapitel 5.7.1.

Ein Nachteil dieser Methode ist, daf§ die resultierende und fiir alle dichteabhéngi-
gen Groflen relevante Testteilchendichte nicht mit der ’experimentellen” Woods-Saxon-
Dichte iibereinstimmt. Das ist in Abbildung 5.5 fiir einen Calcium-Kern veranschau-
licht. Hier sind neben der Woods-Saxon-Dichte auch die Testteilchendichten auf den
Gitterpunkten entlang der z-Achse zu sehen. Letztere weisen eine deutlich flachere
Oberflache auf. Der Einflufl des Gitterabstands d und des Gaufl-Parameters A ist da-
gegen sehr klein.

Die Bestimmung einer zeitabhéngigen Testteilchendichte ist von besonderer Rele-
vanz in Schwerionenkollisionen, in denen sich die Dichten an festen Orten im Verlauf der
Reaktion stark dndern. Betrachtet man dagegen Reaktionen mit elementaren Proben,
so bleibt hier der Kern im wesentlichen iiber die gesamte Reaktionszeit im Grund-
zustand (in dem Sinn, daf sich die lokalen Dichten nicht wesentlich dndern), so da8
prinzipiell die Einfiithrung einer Testteilchendichte gar nicht notwendig ist. Die Dich-
ten konnen iiber die Woods-Saxon-Verteilung bestimmt werden. Damit konsistent ist,
die Stromdichte an jedem Ort gleich null zu setzen: Im Grundzustand wird in der
LDA angenommen, daf} an jedem Ort die Fermi-Kugel vollstandig besetzt ist. Damit
heben sich die Beitrdge zur Stromdichte auf. Ergeben sich in der Berechnung des Test-
teilchenstroms endliche Werte, so ist dies ein Artefakt endlicher Testteilchenanzahlen.
Tatséchlich ergeben sich in einem Calcium-Kern mit 500 Testteilchen im Kerninne-
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Abbildung 5.6: Einflul des Gitters und der Dichte auf Pion- und Eta-Photoproduktion.

ren typische Stromdichten von |fTT| < 0.001 fm—3, die vernachlissigbar sind. Die hier
beschriebene Vereinfachung wurde in [20] im Zusammenhang mit der Methode der per-
turbativen Teilchen (siehe Kapitel 5.3) erfolgreich angewendet. Wir untersuchen nun,
inwieweit sich die Verwendung der Testteilchendichte auf photonukleare Reaktionen
auswirkt. Dazu betrachten wir Pion- und Eta-Photoproduktion im Resonanzbereich.
Insbesondere die Eta-Produktion kénnte sensitiv auf die elementare /N-Reaktion sein,
da der Haupteil der detektierten Etas aus dem Zerfall von S1;(1535)-Resonanzen, die
in der priméren Reaktion erzeugt wurden, stammt [35]. In Abbildung 5.6 zeigen wir die
Resultate fiir eine Rechnung an #°Ca fiir verschiedene Onshell-Szenarien: Die durch-
gezogenen und gestrichelten Kurven entsprechen Rechnungen mit der herkémmlichen
Testteilchendichte mit den Gitterparametern d = 1 fm, A = 1 fm bzw. d = 0.5 fm,
A = 1.5 fm. Beide Kurven liegen im wesentlichen iibereinander. Fiir die gepunkteten
Kurven wurde die statische Woods-Saxon-Dichte verwendet. In beiden Produktions-
kanélen ist eine Reduktion der Querschnitte zu verzeichnen, besonders stark im Bereich
der Resonanzmaxima der Ps3(1232)- bzw. Si;1(1535)-Resonanz.

Zusammenfassend betonen wir, dafl also zwei Dichten unterschieden werden miissen:
Die Woods-Saxon-Dichte aus Gleichung (5.15), die am ehesten dem Experiment ent-
spricht, dient zur Initialisierung der Nukleonen im Ortsraum, d.h. zur Bestimmung der
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Abbildung 5.7: Gitter, auf dem die Dichten und Strome berechnet werden. Gezeigt ist
ein Schnitt durch den Mittelpunkt des Kerns. Die Kreise bezeichnen (im Idealfall eines
symmetrischen Kerns) Punkte identischer Dichte, auf denen die Gitterpunkte liegen.
Die drei eingezeichneten Testteilchen (schwarze Punkte) liegen auf einem Kreis um
den Mittelpunkt. Die grauen Punkte bezeichnen die Gitterpunkte, deren Dichten den
Testteilchen zugeordnet werden (siche Numerierung).

Vektoren 7;(t = 0) und hat fiir den weiteren Verlauf der Simulation keine Relevanz
mehr. Die Testteilchendichte in (5.18) dagegen ist die in alle physikalisch relevanten
Groflen (Mean-Field, Bewegungsgleichungen, In-Medium-Breiten, Boost in LRF, Pauli-
Blocking) einflieBende Dichte.

5.5.2 Das Gitter im Ortsraum

Wie schon beschrieben, wird die Baryonendichte auf einem Gitter bestimmt. Dabei
wird einem bestimmten Testteilchen die Dichte an dem néchstliegenden Gitterpunkt
zugeordnet. Dies hort sich zunéchst verniinftig an, bringt aber Probleme mit sich. Um
diese zu verdeutlichen, betrachten wir einen Schnitt durch die Mitte des Kerns. Auf-
grund der Kugelsymmetrie sollten alle Punkte auf einem Kreis (bzw. Ring mit endlicher
Breite) um das Kernzentrum dieselbe Dichte aufweisen. Dies sollte zumindest der Fall
sein, wenn die Testteilchenanzahl sehr grof ist. Wir betrachten nun Abbildung 5.7, in
der die Situation veranschaulicht ist. Eingezeichnet sind die Gitterpunkte sowie kon-
zentrische Kreise, die die unterschiedlichen Dichteregionen markieren, und auf denen
Gitterpunkte liegen. Weiterhin sind drei Testteilchen (schwarze Punkte) zu sehen, die
sich auf einem Kreis befinden und somit in derselben Dichtezone liegen sollten. Die-
sen Testteilchen wird nun die Dichte am néchsten Gitterpunkt zugeordnet (numerierte
graue Punkte), die aber zu drei unterschiedlichen Dichtezonen gehoren. Obwohl die



98 5. Numerische Implementierung

T T T T T
0.16 g
= Testteilchen
Dichte an Gitterpunkten 1
0.12 + E
£
=
< 0.08 | i
0.04 E
0.00 L
0 2 4 6 8 10

r [fm]

Abbildung 5.8: Dichten, die den Testteilchen zugeordnet werden, am Beispiel von 500
Testteilchen in Calcium. Die durchgezogene Kurve ist die interpolierte Dichte auf den
Gitterpunkten.

drei Testteilchen den gleichen Abstand vom Kernmittelpunkt haben, wird ihnen eine
unterschiedliche Dichte zugewiesen. Das Resultat ist in Abbildung 5.8 zu sehen, wo die
den Nukleonen mit bestimmtem Abstand r vom Ursprung zugewiesenen Dichten zu
sehen sind. Durch dieses Verfahren wird also effektiv (was die Dichte betrifft) ein Kern
mit diffuser Oberflache erzeugt. Die Liicken zwischen den einzelnen Béandern 148t sich
durch den unterschiedlichen grofien Abstand zwischen den Dichtekreisen, auf denen
sich die Gitterpunkte befinden (sieche Abbildung 5.7), erkléren.

Das Modell wurde urspriinglich fiir die Beschreibung von Schwerionenkollisionen
entwickelt. Hier hat die genaue Beschaffenheit der Oberfliche keinen groflen Einfluf.
Allerdings sind Reaktionen mit elementareren Proben, bei denen der Kern in wéhrend
der gesamten Reaktion im wesentlichen im Grundzustand bleibt, viel sensitiver auf die
Beschaffenheit der Dichte an der Oberflache.

Um zu iiberpriifen, ob sich die beschriebene Verfahrensweise zur Bestimmung der
Dichten auf die Ergebnisse auswirkt, haben wir eine neue Methode entwickelt, die —
anders als die bisherige — fiir grofle Testteilchenzahlen den Testteilchen die korrek-
te Dichte zuweist. Wir betrachten dazu Abbildung 5.9. Wir unterteilen den Kern in
verschiedene Dichtezonen, indem wir die Gitterpunkte, die auf derselben Kugelschale
liegen, zusammenfassen. Wir ordnen jeder dieser Dichtezonen eine Dichte zu, die wir
durch Mittelung iiber die Dichten an den zugehorigen Gitterpunkten (insgesamt sechs)
berechnen.

Im Grenzfall vieler Testteilchen sind die Dichten an den Gitterpunkten bereits im
wesentlichen gleich. Den einzelnen Testteilchen wird nun nicht die Dichte des néchstge-
legenen Gitterpunktes, sondern die der néchstgelegenen Dichtezone zugeordnet. Damit
erhalten — anders als zuvor — alle Testteilchen gleichen Abstands vom Mittelpunkt die-
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Abbildung 5.9: Neue Methode zur Bestimmung der Dichte der einzelnen Testteilchen.
Alle identisch markierten Gitterpunkte gehoren derselben Dichtezone an und tragen
durch Mittelung zur Dichte, die der entsprechenden Zone zugeordnet wird, bei.

selbe Dichte. Die Dichte auf den Gitterpunkten ist (zumindest bei hinreichend grofien
Testteilchenzahlen) dieselbe wie vorher, so daf die Propagation durch die neue Methode
nicht verdndert wird.

In Abbildung 5.10 zeigen wir den Einflufl auf die Photoproduktion von Pionen und
Etas (durchgezogene und gestrichelte Linien). Es zeigt sich, dafl beide Vorgehensweisen
dasselbe Ergebnis liefern. Wir bleiben daher bei allen spéteren Rechnungen bei der
Wahl des néchsten Gitterpunkts zur Bestimmung der Dichte, insbesondere weil die hier
vorgestellte modifizierte Methode nur auf Reaktionen mit Kernen im Grundzustand
anwendbar ist.

5.6 Numerische Losung der Bewegungsgleichungen

Die Bewegungsgleichungen fiir Ort und Impuls werden numerisch gelést. Dabei ver-
wenden wir das sogenannte Prédiktor-Korrektor-Verfahren, welches wir nun kurz be-
schreiben. Zunéchst berechnen wir die sogenannten Pradiktorwerte:

Fp = (1) + At -V H (7(1), 51), u(1))
pp = p(t) — At - V,H (7(t), f(t), pu(t)).
Hier ist H die Hamilton-Funktion aus Gleichung (5.8), ggf. mit Offshell-Potential. In

die Berechnung der Korrektorwerte gehen die Gradienten der mit den Pradiktorwerten
auf den neuen Stand gebrachten Hamilton-Funktion ein

Fie = 7(t) + At - V,H(7p, Pp, ip)
Pi = P(t) — At -V, H(7p, Pp, f1p).
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Abbildung 5.10: Einflu} der modifizierten Bestimmung der Testteilchendichte und des
Pauli-Blockings auf die Photoproduktion von Pionen und Etas mit Onshell-Nukleonen.
Die durchgezogene Kurve entspricht der iiblichen Bestimmung der Dichte und dem
Pauli-Blocking in Gleichung (5.26). Die gestrichelte Kurve beinhaltet die modifizierte
Dichte-Bestimmung wie in Abbildung 5.9 gezeigt. Die gepunktete Kurve zeigt eine
Rechnung mit dem Testteilchen-Pauli-Blocking laut Gleichung (5.25).

Insgesamt gilt fiir die Orts- und Impulsvektoren im neuen Zeitschritt

- q LS 1 =~ S e o
T’(t + At) T(t) + §At(va(Tp,pP,/JJP) + VpH(TK,pK, ,uK))

p(t + At) = plt) + %At(ﬁrH(FPaﬁPa pp) + Vo H (P, Pc, pc))-
Die Massen pup, pix, pu(t+ At) hingen nur von den Ortsvektoren ab und werden geméf
Gleichung (5.10) berechnet. Die Zeitschrittweite betragt At = 0.5 fm/c.

Die Gradienten der Hamilton-Funktion werden numerisch auf einem Gitter ausge-
wertet. Im Ortsraum benutzen wir das in Abschnitt 5.5 beschriebene Gitter, da hier
die Dichten und Strome berechnet werden. Ist (x,yx, 2x) der dem Ortvektor 7 am
néchsten liegende Gitterpunkt, so gilt z.B.

0 - - H((x y Yky 2 7ﬁ7/’b —H Tk—1,Yk, 2 722,”
Y H ) = ((@rt1, Y, 1) )2d (Th—1, Yn, 2), P, 1)
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mit den in Kapitel 5.5 aufgefithrten Werten fiir die Gitterkonstante d. Im Impulsraum
gilt entsprechend z.B.

0 - Hfaﬁ+dp€xau _Hfaﬁ_dpéi’m,u
() = 2 L )
Opz 2dp

Hier verwenden wir dp = 10 MeV.
Die Berechnung der Ein-Teilchen-Energie zur Zeit ¢, die in die Berechnung der
Gradienten eingeht, ist durch die Gleichung

H = /(my + S(firr(t), prrr(t)))? + prrr(t)? (5.19)

gegeben. Dabei ist zu beachten, dafl das totale skalare Potential S im LRF berech-
net wird. In den Lorentz-Boost vom Laborystem ins LRF geht allerdings die Energie
des Teilchen selber ein, so dafi Gleichung (5.19) iterativ gelost werden mufl. Dies ge-
schieht mit einem Regula-Falsi-Verfahren [20]. Wie schon in Kapitel 5.5 angesprochen,
kann, solange man einen Kern im Grundzustand betrachtet, der Unterschied zwischen
Laborsystem und LRF in guter Ndherung auch vernachléssigt werden.

5.7 Numerische Stabilitat

5.7.1 Ortraumverteilung

Die in Kapitel 5.4.2 diskutierte numerische Implementierung der Nukleon-Spektral-
funktion zur Beriicksichtigung der Grundzustandskorrelationen ist nicht trivial, weil es
sich bei den Nukleonen um den relevanten Freiheitsgrad handelt, auf dem das gesamte
Modell fufit. Im Gegensatz zu anderen Teilchenarten mufl darauf geachtet werden, dafl
der Kern iiber langere Zeitraume numerisch stabil bleibt, was a priori nicht gewéahr-
leistet ist; man denke z.B. an die Hochimpulskomponente der Impulsverteilung. Dazu
kommt, daf} eine Initialisierung der Testteilchen im Ortsraum gemifl der Woods-Saxon-
Verteilung (5.15) nicht zum energetischen Grundzustand fiihrt, so daf§ es mitunter zu
erheblichen Dichteschwankungen kommt. Dies wird ausfiihrlich in [20] diskutiert, wo
fir *°Ca und 2°*Pb Dichteverteilungen berechnet wurden, die dem Grundzustand ent-
sprechen.

Es zeigt sich, daf§ die Implementierung der Grundzustandskorrelationen diese Pro-
bleme verschéarft, solange man nicht simultan den Verschmierungsalgorithmus zur Be-
rechnung der Testteilchendichte anpafit. In Abbildung 5.11 zeigen wir die Zeitentwick-
lung des mittleren quadratischen Radius

(0 =5 [ ety (5.20)

sowie der Testteilchendichte im Innern eines Kerns p™* (7 = 0,¢) fiir °Ca iiber einen
Zeitraum von 120 fm/c fir Rechnungen mit und ohne Grundzustandskorrelationen.
Es wurde stets das impulsunabhéngige Mean-Field-Potential (H) aus Tabelle 4.1 ver-
wendet. Fiir den Parametersatz (MM) ergeben sich dhnliche Ergebnisse. In der Stan-
dardrechnung werden neben der Woods-Saxon-Initialisierung die Gitterkonstanten d =
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Abbildung 5.11: Zeitentwicklung des mittleren quadratischen Radius und der zentra-
len Dichte eines “°Ca-Kerns mit und ohne Nukleon-Spektralfunktion mit unterschied-
lichen Modell-Parametern. Die durchgezogenen und gestrichelten Linien entsprechen
der Ortsrauminitialisierung mit der Woods-Saxon-Verteilung gem#f Gleichung (5.15)
und unterschiedlichen Gitterparametern. Die gepunktete Linien entspricht der Initiali-
sierung des exakten Grundzustands aus [20].

1 fm und A = 1 fm verwendet, hier représentiert durch die durchgezogenen Lini-
en. Die Grundzustandskorrelationen fithren dazu, dafl der Kern etwas instabiler wird.
Die Schwankungen fithren zu Maxima in der zentralen Dichte, die dem 1.4-fachen des
urspriinglichen Werts entsprechen. Die Wahl der Gitterparameter d = 0.5 fm und
A = 1.5 fm wirkt sich in beiden Féllen stabilisierend aus (gestrichelte Linien) und
hat sich fiir die Rechnungen mit Grundzustandskorrelationen als beste Parameterwahl
herausgestellt. Man kann sehen, dafl in diesem Falle sogar ein stabileres Verhalten er-
zielt wird als in der Standardrechnung ohne Korrelationen. Die Schwankungen in der
zentralen Dichte sind nicht mehr ganz so stark ausgepragt. Die gepunkteten Kurven
entsprechen der Initialisierung mit der in [20] berechneten Grundzustandskonfiguration
fiir die Ortsraum-Initialisierung der Nukleonen. Man sieht hier, dafy die Oszillationen
sehr stark eingeschréinkt sind. Jedoch erfordert die Verwendung dieser Dichteprofile
eine neue Berechnung fiir jeden Kern und jedes Potential und ergibt fiir leichte Kerne
(z.B. Kohlenstoff) keine stabilen Ergebnisse. Aufgrund der einfacheren und vielseiti-
geren Anwendbarkeit verwenden wir in unseren Rechnungen daher die Woods-Saxon-
Parametrisierung und die Gitterkonstanten d = 0.5 fm und A = 1.5 fm.
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Wir haben bereits in Abbildung 5.6 gesehen, daf} sich die Wahl der Gitterparameter
d und A nicht auf die Resultate photonuklearer Reaktionen auswirken. In [20] wurde der
Einflul der Ortsraum-Initialisierung (Woods-Saxon bzw. stationdrer Grundzustand)
auf die Pion-Photoproduktion untersucht. Es wurden in der Resonanzregion nur geringe
Unterschiede festgestellt.

5.7.2 Energieerhaltung

Mit den von uns gemachten Annahmen fiir die Nukleonenbreite gewéhrleistet die
Losung der Bewegungsgleichungen die Energieerhaltung fiir einzelne Nukleonen in ei-
nem statischen Potential wie in Abschnitt 5.2.4. In einem System, das aus Nukleonen
aufgebaut ist, ist dies nicht der Fall. Da das Offshell-Potential eines bestimmten Nu-
kleons durch die Nukleonen in dessen Umgebung erzeugt wird, mufl, um auch hier
Energieerhaltung zu gewéhrleisten, die Riickkopplung des Offshell-Potentials auf diese
Nukleonen beriicksichtigt werden. Dies wurde ausfiihrlich in [20] diskutiert. Das Riick-
kopplungspotential wurde dort durch den Ausdruck

o 1 fdgp d:u/ (/L/(f; t) B mN)F(f;p: :ulu t)
2 [dpdp F(7,p, 1, t)

definiert. Das Offshell-Potential ist nun durch

—_

R(rt) = §<:u/(7?7 t) —mn)

~ /= — p<7:” t)
A t) = (¢ (ty) — — R(7p,t
(7, t) = (p'(to) — my (70, 0))p(Fo,to)
und die Masse durch
u’(F, t) =my + A[L(F, t) + R(F, t) (5.21)

gegeben. Mit dieser Gleichung folgt die Energieerhaltung, da R(7,t) am Ort 7 der
Mittelwert des Offshell-Potentials ist, also

. . . 1 . -
(AT ) = (7 1) —my — R(F, 1)) = (@' (7,1) —my) = R(7'.1).
D.h. jedes Nukleon iibt auf die Nukleonen in der Umgebung im Mittel dasselbe Poten-

tial aus, wie es durch diese Nukleonen selbst spiirt.

Bei der Initialisierung der Massen wird die Offshellness Ap; = p; — my bestimmt.
Bei einer Rechnung mit Riickkopplungspotential ist die Offshell-Masse i, aber durch
(5.21) gegeben und nicht durch p; = my + Ap;. Addiert man daher zu diesem Aus-
druck das Riickkopplungspotential, so verschiebt sich das resultierende Massenspek-
trum (insbesondere der Onshell-Peak) um den mittleren Wert des Riickkopplungspo-
tentials. Andererseits konnen wir nicht einfach Afi; geméB der Dichtefunktion (5.16)
bestimmen, da die Afi; der Testteilchen zur Berechnung des Riickkopplungspotentials
schon bekannt sein miissen. Wir gehen daher wie folgt vor: Zunéachst wird Ap; geméaf
der Spektralfunktion fiir jedes Testteilchen ¢ wie bisher bestimmt. Um zu gew#hrlei-
sten, dafl am Ende die Offshell-Masse (5.21) die richtige Verteilung hat, fordern wir fiir
jedes Testteilchen:

At + Ri({Apj,j =1,.., A-N}) = A, (5.22)
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Abbildung 5.12: Skalares Potential fiir Offshell-Nukleonen unterschiedlicher Masse aus
den Gleichungen (4.15) und (4.16) fiir den impulsunabhéngigen (oben) und impul-
sabhéingigen (unten) Parametersatz aus Tabelle 4.1 bei p = po.

Dies ist ein hochst nichttriviales Gleichungssystem der Ordnung, die der Anzahl der
Nukleon-Testteilchen (in Calcium mindestens 20.000), die iiber das Riickkopplungspo-
tential gekoppelt sind, entspricht. Dieses Gleichungssystem wird iterativ gelost.

Unabhéngig von der Behandlung der Nukleonen als On- oder Offshell-Teilchen ist
die Energieerhaltung im Modell insgesamt gut erfiillt. Betrachtungen in [18] und [20] fiir
Schwerionenkollisionen haben gezeigt, da} die Energiedifferenzen des Gesamtsystems
der Nukleonen vor und nach der Reaktion kleiner sind als 1%. In den vorliegenden
Rechnungen erhalten wir fiir die reellen Nukleonen dieselben Werte.

5.7.3 Testteilchengeschwindigkeiten und skalares Potential

Wir kommen nun auf Probleme in der Testteilchenpropagation zu sprechen, die drei
miteinander verkniipfte Aspekte umfassen: Testteilchengeschwindigkeiten v > ¢, nega-
tive Massen und die Impulsabhéngigkeit des skalaren Potentials.

In Gleichung (4.15) haben wir das skalare Potential fiir Offshell-Nukleonen definiert.
Damit ist Ug fiir alle Nukleonenmassen gleich. Wie schon darlegt, verwenden wir die
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Abbildung 5.13: Geschwindigkeit von Nukleonen unterschiedlicher Masse fiir 7(t = 0) =
(0,0,2) fm und p(t = 0) = (0,0,0.2) GeV.

andere Moglichkeit aus Gleichung (4.16) nicht, da dies bei impulsunabhéngigem Po-
tential U (siche Gleichung (4.8), Parametersatz (H)) dazu fiithrt, dafl Ug fiir Nukleonen
mit kleiner Masse sehr attraktiv wird. Das ist in Abbildung 5.12 (oben) fiir p = pg zu
sehen. Die durchgezogene Linie entspricht Ug fiir Onshell-Nukleonen (nach Gleichung
(4.15)), daneben ist Ugs(p') nach Gleichung (4.16) fiir verschiedene Nukleonenmassen
als Funktion des Impulses zu sehen. Das Resultat ist, dafl die effektive Offshell-Masse
p = p' + Us(p') bei kleinem p’ schnell negativ werden kann. Bei kleineren Impulsen
stimmen beide Vorschriften {iberein.

Das Problem ist bei impulsabhéingigen Potentialen (Parametersatz (MM) aus Ta-
belle 4.1) nicht vorhanden. In Abbildung 5.12 (unten) sieht man, daf8 beide Vorschriften
fiir alle Nukleonenmassen im wesentlich dieselben skalaren Mean-Field-Potentiale lie-
fern. Fiir eine konsistente Handhabung verwenden wir fiir alle Potentiale die Vorschrift
(4.15).

Wir haben in Abbildung 5.4 gesehen, dal weitaus die meisten Teilchen mit Massen
kleiner als der Vakuummasse der Nukleonen initialisiert werden. Diese Teilchen ha-
ben eine hohere Geschwindigkeit als Onshell-Nukleonen gleichen Impulses. Um dies zu
demonstrieren, kommen wir der Einfachheit halber auf die Modellrechnungen aus Ka-
pitel 5.2.4 zuriick. In Abbildung 5.13 zeigen wir die Geschwindigkeiten von Testteilchen
mit identischer Ortsraum- und Impulsinitialisierung, aber unterschiedlicher Masse. Die
Maximalgeschwindigkeit steigt mit kleiner werdender Masse an.

Da die Geschwindigkeit der Testteilchen direkt in das Kollisionskriterium eingeht
(Kapitel 5.8.1), hat die Offshellness direkten Einfluf§ auf die Endzustandswechselwir-
kungen.

Die Verwendung des impulsunabhingigen Potentials garantiert, dafl die Testteil-
chengeschwindigkeiten kleiner sind als eins. Dazu mufl gewéhrleistet sein, dafl die ef-
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fektive Offshell-Masse p = ' + Ug nicht kleiner wird als null. Da diese Moglichkeit
wéhrend der Propagation der reellen Testteilchen durch den Kern durchaus besteht,
z.B. wenn das Nukleon bei kleiner Dichte mit relativ grofler Offshellness initialisiert
wurde und dann in Zonen gréferer Dichte lduft, haben wir die minimal mdogliche Nu-
kleonenmasse bei der Initialisierung oder Produktion auf 0.4 GeV gesetzt. Diese Grenze
wirkt sich nicht auf unsere Resultate aus. Fiir die wenigen Ausnahmefille, bei denen
die Propagation dennoch zu negativen Massen fiihrt, setzen wir die Massen per Hand
auf 50 MeV.

Die Verwendung des impulsabhéngigen Potentials dagegen kann neben negativen
Massen auch direkt zu Testteilchengeschwindigkeit grofler als eins fiihren. Das gilt iibri-
gens unabhéngig von den Bestimmungsweise des skalaren Potentials. Die Problemzone
ist allerdings auf Offshell-Massen kleiner als ~ 150 MeV beschrénkt. Falls also v > ¢ ist
fiir ein Testteilchen, so ersetzen wir den Impulsgradienten (und damit die Geschwin-
digkeit) durch den von der Impulsabhéngigkeit des skalaren Mean-Field-Potential un-
abhiingigen Wert j/+/p/? + p?. Allerdings tritt auch dieser Fall aufgrund der gefordeten
minimalen Masse von 0.4 GeV nur sehr selten ein.

5.7.4 Zeitliche Entwicklung der Massen- und Impulsspektren

Die Methode der perturbativen Teilchen beruht wesentlich auf der Annahme, dafl die
Phasenraumdichte der Nukleonen konstant bleibt. Wir haben in Kapitel 5.7.1 schon
gesehen, daf die (iiber alle Ensembles gemittelte) initialisierte Ortsraumverteilung zeit-
lich hinreichend stabil bleibt. Wir zeigen nun noch kurz, daf§ das auch fiir die Impuls-
und Massenverteilungen gilt.

Zunéachst ist klar, dal die in den iiblichen Rechnungen auftretenden Dichteoszilla-
tionen sich auch auf die zeitliche Entwicklung der Impulse und Massen auswirken, im
ersteren Fall indirekt durch die Bewegungsgleichungen, im zweiten direkt iiber die Pro-
portionalitdt der Offshellness zur Dichte. Propagiert also ein Nukleon mit bestimmter
Offshellness Ay in eine Zone gréfierer Dichte, so wird auch die Offshellness grofier. Hier-
duch wird verursacht, daf} die urspriingliche Grenze im Massenspektrum bei ' = 0.4
GeV aufgeweicht wird. In Abbildung 5.14 (unten) sehen wir die zeitliche Entwicklung
des Massenspektrums. Tatséchlich gibt es zu Zeiten ¢ > 0 Nukleonen mit x' < 0.4
GeV. Die Abstand ist aber hinreichend grof3, so dal nur sehr wenige Nukleonen ei-
ne negative Masse erreichen konnen. Es fillt aber auf, daf§ die Massenverteilung iiber
einen groflern Zeitraum in seiner Form relativ gut erhalten bleibt. Dasselbe gilt fiir das
Impulsspektrum in Abbildung 5.14 (oben).

5.8 Der Kollisionsterm

Zur Beschreibung der Wechselwirkungen wird die Reaktionsdauer in Zeitintervalle At
zerlegt. Dabei wird in jedem Zeitschritt iiberpriift, ob Wechselwirkungen zwischen den
Teilchen stattfinden oder Resonanzen zerfallen. Zwischen den Wechselwirkungen pro-
pagieren die Testteilchen entsprechend der bereits diskutierten Bewegungsgleichungen.
Wir gehen nun kurz auf die einzelnen Aspekte des Kollisionsterms ein. Ausfiihrlicher
wird der Kollisionsterm in [20] beschrieben.
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Abbildung 5.14: Zeitentwicklung der Impuls- und Massenspektren in 4°Ca aufgrund
der reinen Propagation der Testteilchen.

5.8.1 Kollisionskriterien

Im Rahmen der Parallel-Ensemble-Methode konnen zwei Teilchen nur miteinander
wechselwirken, wenn sie aus demselben Ensemble stammen. Die Entscheidung, ob es
in einem Zeitschritt zur Reaktion zwischen zwei Teilchen A und B kommt, hdngt von
ihrem Stoiparameter b ab. Aufgrund der geometrischen Interpretation des totalen Wir-
kungsquerschnitts 045 ist das erste Kriterium, daf3
b< /248
s

sein muf, damit eine Kollision stattfinden kann. Allerdings gibt es Reaktionen (z.B.
NR — NN), deren Querschnitte an der Schwelle divergieren, so da§ Kollisionen zwi-
schen beliebig weit auseinanderliegenden Teilchen moglich wéren. Um dies zu ver-
hindern, wird der maximale Wirkungsquerschnitt abgeschnitten, was der Einfithrung
eines maximalen Stofiparameters gleichkommt. Demzufolge ergibt sich fiir die Reakti-
onswahrscheinlichkeit als Funktion des Stoflparameters:

p(b) = min(;’gi, 1)O (bumax — b) (5.23)

AB
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mit dem maximalen Stoflparameter

max
b - OAB
max — T

Dabei setzen wir fiir die maximalen Wirkungsquerschnitte bzw. maximalen Stofipara-
meter

Nukleon-Nukleon:

Baryon-Baryon:

M — 55 mb,  bpae = 1.32 fm

M — 80.4 mb, bpax = 1.6 fm
maxX _ 900 mb, by = 2.52 fm
WA — 126 mb, bpax = 2 fm.

o

o
Baryon-Meson: o
o

Meson-Meson:

In [20] wurde gezeigt, dafl im hier betrachteten Energiebereich die Werte fiir die maxi-
malen Querschnitte keinen Einflufl auf die Resultate haben.

Aus der Wahrscheinlichkeit p(b) kann nun bestimmt werden, ob die Kollision der
Teilchen stattfindet oder nicht, sofern der Stolparameter der beiden Kandidaten klei-
ner ist als bya. Durch Aufteilung des totalen Wirkungsquerschnitts in die einzelnen
beitragenden Kanéle (siche Kapitel 4.7) konnen die Endprodukte der Kollision sowie
deren Kinematik iiber Monte-Carlo-Entscheidungen bestimmt werden. Zunéchst mufl
aber geklart werden, ob die Kollision im aktuellen Zeitschritt stattfindet. Um den Kol-
lisionszeitpunkt festzulegen, verwenden wir ein auf dem Algorithmus von Kodama et
al. [95] basierendes Verfahren, das in [20] dargelegt ist.

Findet die Kollision nun tatséchlich statt, so mufl neben der vollstdndigen Bestim-
mung des Endzustands auch gekldrt werden, ob die Kollision im Falle auslaufender
Fermionen Pauli-geblockt ist. Aufgrund der Multiplizitéiten wird dies nur fiir die Nu-
kleonen berticksichtigt (Kapitel 5.8.3). Im Falle des Pauli-Blockings wird dann die
gesamte Kollision der einlaufenden Teilchen verworfen.

Kollisionen mit drei Teilchen im Eingangskanal (in unserem Falle nur tNN —
NN) haben wir bereits in Kapitel 4.7.5 angesprochen. Fiir die genaue numerische
Implementierung verweisen wir auf [20].

5.8.2 Resonanzzerfall

In jedem Zeitschritt wird iiberpriift, ob die vorhandenen Resonanzen zerfallen. In Ka-
pitel 4.5.2 haben wir bereits die Lebensdauer von Resonanzen diskutiert. Unabhéngig
von der Verfahrensweise ergibt sich die Zerfallswahrscheinlichkeit fiir den Zeitschritt
At im Laborsystem (=Rechensystem) durch

At
DPZerfall = 1-— eXp(__)7 (524)
YT

wobei v = Er/ugr die Lorentz-Transformation der Lebensdauer 7 vom Ruhesystem
der Resonanz in das Laborsystem beriicksichtigt. Im Falle eines Zerfalls wird mit Hilfe
der Partialbreiten der Resonanz der Zerfallskanal {iber eine Monte-Carlo-Entscheidung
bestimmt. Der Endzustand kann im Falle auslaufender Nukleonen Pauli-geblockt sein.
In diesem Fall zerfillt die Resonanz im aktuellen Zeitschritt nicht.
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5.8.3 Pauli-Blocking

Wir beriicksichtigen die Pauli-Faktoren im Kollisionsterm nur im Falle auslaufender
Nukleonen. Dies ist — wie schon erwédhnt — aufgrund der geringen Multiplizitdten an-
derer Fermionenarten gerechtfertigt.

Die Pauli-Faktoren werden in Onshell-Transportmodellen iiblicherweise durch die
Mittelung der Phasenraumdichte iiber ein kleines Phasenraumvolumen um den be-
trachteten Phasenraumpunkt berechnet:

L fF ) =1 - / & / & F (1) (5.25)
AV, AV,

Dabei steht das Integral in der Testteilchenrealisierung fiir eine Summe iiber die in
Abschnitt 5.5 vorgestellten GauB3-Gewichte der in dem Phasenraumelement liegenden
Testteilchen.

Fiir Rechnungen mit Offshell-Nukleonen ist dieses Verfahren problematisch, da die
Phasenraumdichte auch von der Masse abhéngt. In [20] wurde betont, dafl mit den
momentan handhabbaren Testteilchenzahlen nicht geniigend Statistik zur Bestimmung
der Phasenraumdichte auch als Funktion der Masse vorhanden ist. Daher wurde der
massenabhéngige Pauli-Blocking-Faktor ersetzt durch einen iiber die Masse integrierten
Ausdruck:

L—f(rpipt) = 1— /duF(F,ﬁ,u,t).

In photonuklearen Reaktionen konnen wir dagegen ausnutzen, dafl der Kern wahrend
der Reaktion im Grundzustand verbleibt. Diese Ndherung driickt sich dadurch aus, daf§
wir die spektralen Pauli-Faktoren ersetzen durch

L= (7P pt) =1 = O(Ep(rt) — E), (5.26)

wobei F die Energie des Nukleons und Er die lokale Fermi-Energie am Teilchenort im
LRF ist. Damit ist die Bedingung fiir das Pauli-Blocking durch die Theta-Funktion
gegeben. Im Falle von Onshell-Nukleonen entspricht dies dem Pauli-Blocking-Faktor
O(p — pr) mit dem lokalen Fermi-Impuls.

In Abbildung 5.10 zeigen wir Rechnungen fiir die Photoproduktion von Pionen und
Etas mit Onshell-Nukleonen, wobei wir das Testteilchen-Pauli-Blocking aus Gleichung
(5.25) verwenden (gepunktete Kurven). Es sind keine Unterschiede zur in den spéte-
ren Rechnungen verwendeten Methode in Gleichung (5.26) festzustellen. Dies ist eine
weitere Rechtfertigung fiir die Annahme (5.14).

5.9 In-Medium-Modifikationen

Wir haben bislang nur Medium-Modifikationen wie Fermi-Verschmierung, Pauli-Block-
ing und die Bindung der Nukleonen im Mean-Field beprochen.
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5.9.1 Wirkungsquerschnitte im Medium

Die Wirkungsquerschnitte, die in die Berechnung des Kollisionsterms eingehen, sind
bereits in Kapitel 4.7 vorgestellt worden. Es handelt sich allerdings um Ausdriicke im
Vakuum. Wir gehen nun auf Modifikationen der Querschnitte im Medium ein.

Zunichst sind die Querschnitte meist als Funktionen der invarianten Masse /s
der einlaufenden Teilchen a und b parametrisiert worden. Spiirt eines der Teilchen das
Mean-Field-Potential, so ist die invariante Masse durch die Bindung kleiner als im
Vakuum; der Wirkungsquerschnitt wird also falsch berechnet. In Transportmodellen
fihrt man daher eine freie invariante Masse /s, €in, die gegeben ist durch

Vtee = VM2 + P2y + A/ M + P2 (5.27)

wobei m,, my die Vakuummassen der Teilchen und p,, ihr CM-Impuls ist. Handelt es
sich z.B. bei Teilchen a um ein Offshell-Nukleonen, so verwendet man m, = p'. /s,
ist also die invariante Masse der Teilchen in Abwesenheit des Mean-Field-Potentials,
aber mit demselben CM-Impuls. An dieser Stelle wird der Wirkungsquerschnitt ab-
gegriffen. Eine Ausnahme bilden die Querschnitte zur Resonanzformation, die an der
Resonanzmasse pg bestimmt werden, da die Kinematik der einlaufenden Teilchen pg
festlegt.

Die Verwendung ’freier’ Wirkungsquerschnitte durch die Berechnung mit /s,
beinhaltet einen ebenfalls von /s, abhingigen Fluifaktor, welcher gemafl

g = Urel(\/gfree>/vl“el ' O-(\/Efree)

iiber die Relativgeschwindigkeiten der einlaufenden Teilchen v, korrigiert wird [20]. Im
Prinzip wirkt sich das Potential fiir auslaufende Baryonen auch auf die Phasenraum-
faktoren aus. Eine mogliche Beriicksichtigung wird in [20] diskutiert. In dieser Arbeit
vernachldssigen wir solche Modifikationen.

In die Wirkungsquerschnitte zur Resonanzproduktion im Vakuum (Gleichung (4.34))
geht die totale Zerfallsbreite der Resonanz ein. Im Medium wird diese durch die to-
tale In-Medium-Breite ersetzt, die auch Stofiprozesse wie z.B. NR — NN, die wir in
Kapitel 6 genauer diskutieren werden, beriicksichtigt.

Das ist sofort einleuchtend, wenn man die zur Verbreiterung beitragenden Prozesse
wie z.B. NR — NN als zusitzlichen "Zerfalls'-Kanal R — N 'NN auffait — der tota-
le Produktionsquerschnitt in Gleichung (4.34) ergibt sich erst durch Summation iiber
alle Zerfallskanile. Dasselbe gilt auch fiir die Resonanzbeitrége fiir die Querschnitte
zur elementaren Photon-Nukleon- und Elektron-Nukleon-Reaktion (siche Kapitel 4.7.6
und 4.7.7). Wir werden in Kapitel 6 sehen, daf sich die Mediummodifikationen fiir die
totale Breite auf der Basis von Zwei-Teilchen-Reaktionen wie NR — NN klein sind.
Eine Ausnahme bildet lediglich die P33(1232)-Resonanz und die Resonanzen D13(1520),
S11(1535) in der Pion- und Eta-Photoproduktion (Kapitel 7.2 und 7.3), ansonsten ver-
wenden wir in allen Resonanzproduktions-Querschnitten tiblicherweise Vakuumbreiten.
Die Modifikation der Zerfdlle aufgrund von Pauli-Blocking wird in der Simulation fiir
alle Resonanzen explizit beriicksichtigt (siehe Kapitel 5.8.3). In Kapitel 6 werden wir
als weitere Modifikation auch den EinfluB der Nukleon-Spektralfunktion auf die Zer-
fallsbreiten mit Nukleonen im Endzustand untersuchen.
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Wir beriicksichtigen in dieser Arbeit keine weiteren Medium-Modifikationen der
Wirkungsquerschnitte. In der Literatur gibt es viele Untersuchungen, wie sich die
Querschnitte im Medium durch den Einflul des Mean-Fields und die Verbreiterung
der Nukleonen éndern (siehe dazu z.B. [96] und dortige Referenzen), die qualitativ
iibereinstimmen, daf§ die Querschnitte im Medium kleiner sind als im Vakuum. In
[97] wurde der NN — N P33(1232)-Wirkungsquerschnitt im nuklearen Medium unter-
sucht. Dabei wurden alle Vakuummassen der beteiligten Teilchen durch die effektiven
Masse im Medium ersetzt und das Matrixelement im Rahmen von Ein-Pion-Austausch-
Modellen berechnet. Das Resultat ist, daf§ der Wirkungsquerschnitt im Medium mit
steigender Dichte abfillt. Der Haupteffekt wird dabei durch die Ersetzung der Teil-
chenmassen verursacht. Die Unterschiede in den Wirkungsquerschnitten zwischen dem
Vakuum und den Kurven fiir pg bzw. 2p, betrigt etwa (je nach genauem Modell) einen
Faktor 2-3 bzw. eine Groflenordnung. Der Proze8 NN — N Ps3 bildet in Schwerionen-
kollisionen bei SIS-Energien die Hauptquelle zur Pionproduktion. Durch die Reduktion
im Medium wird somit auch die Pionzahl, die aus solchen Reaktionen resultiert, und
die in BUU-Modellen mit unmodifizierten Querschnitten bei Einschuflenergien von 1
AGeV iiberschitzt wurde [18, 20], um 40%-50% verringert. Der Hauptteil der P33 wird
wéhrend der Hochdichtephase der Reaktion produziert, wiahrend der im Zentrum bei
diesen Energien etwa doppelte normale Kerndichte 2pg herrscht [18]. In photonuklearen
Reaktionen {iberschreitet die Dichte jedoch niemals pg, fiir den Hauptteil der FSI ist
sie sogar erheblich geringer. Weiterhin spielen Produktionsreaktionen wie NN — N Ps3
hier nur eine untergeordnete Rolle, der Grofiteil der detektrierten Pionen stammt aus
der Primérreaktion vV, so dal hauptséichlich iiber eine Modifikation des entsprechen-
den elementaren Wirkungsquerschnitts nachzudenken wire. Insgesamt wéren die zu
erwartenden Effekte in Photon-Kern-Reaktionen aber viel kleiner als die in [97] disku-
tierten.

5.10 Kinematik der auslaufenden Teilchen

Um die Endzusténde vollstiandig zu bestimmen, mufl neben den produzierten Teilchen-
arten auch deren Kinematik festgelegt werden.

Um bei Zwei-Teilchen-Endzustédnden (dem Hauptbeitrag bei Energien unterhalb der
FRITIOF-Schwelle) Energieerhaltung zu gewéahrleisten, muf die tatséchliche invariante
Masse /s in Betracht gezogen werden. Die Energiebilanz sieht also wie folgt aus:

V5= (U8 + g + (i + U2 + . (5.28)

Da die Potentiale im LRF bestimmt werden und der notwendige Lorentz-Boost selbst
von den Energien der Teilchen abhéingt, kann diese Gleichung nur iterativ gelost werden
und liefert als Ergebnis den Schwerpunktsimpuls pcy sowie die skalaren Potentiale Ug,
U,

Bei der Bestimmung der Impulse und Massen machen wir von Gleichung (4.38)
Gebrauch, wonach die Bestimmung von Streuwinkel im CM-System und Masse simul-
tan erfolgen mufl. Natiirlich ist diese Gleichung sehr allgemein und vereinfacht sich,
wenn nur Onshell-Teilchen erzeugt werden und/oder das Matrixelement keine Win-
kelabhéngigkeit besitzt, d.h. die Emission der auslaufenden Teilchen isotrop erfolgt.
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Wie schon erwéhnt, hingt die Notwendigkeit einer simultanen Massen- und Impulsbe-
stimmung mit der Impulsabhéngigkeit der In-Medium-Breiten zusammen.

Im Falle von Drei-Teilchen-Endzustédnden verwenden wir Gleichung (4.39) zur Be-
stimmung der auslaufenden Impulse und Massen. Im Falle von Onshell-Teilchen im
Endkanal entspricht die Kinematik dem Drei-Teilchen-Phasenraum. Die Energieerhal-
tung wird nicht in der Strenge wie bei Zwei-Teilchen-Endzustédnden gehandhabt und
erfolgt unter der Forderung, dafi die Summe aller drei Energien gleich /s, ist'. Da-
bei werden die skalaren Potentiale der auslaufenden Teilchen vernachléssigt. Dasselbe
gilt fiir alle Endzustédnde mit mehr als drei Teilchen, die vom Stringmodell FRITIOF
bestimmt werden.

Bei der Resonanzformation ab — R ist die Kinematik der Resonanz durch die ein-
laufenden Teilchen vollstéindig bestimmt. Da Impuls pg, Energie Er und Potential U%
der Resonanz festliegen, kann iiber Ex = /(ur + UF)? + p% auch die Resonanzmasse
pr (die der Offshell-Nukleonenmasse p/ entspricht) festgelegt werden.

!Eine Ausnahme ist der Kanal NN — NN, siehe dazu [20].



Kapitel 6

In-Medium-Breiten von Nukleonen
und Resonanzen

Im Medium &ndert sich die Selbstenergie der Hadronen durch die Wechselwirkung mit
anderen Teilchen. Die durch Grundzustandskorrelationen bestimmte Spektralfunkti-
on der Nukleonen in Kapitel 3 ist ein Beispiel dafiir; hier wurde der Zusammenhang
zwischen Kollisionsbreiten und Kollisionsraten erstmals deutlich. In Kapitel 4.1 haben
wir den Stofiterm der BUU-Gleichung diskutiert (Gleichungen (4.4) und (4.5)), der je-
de implementierte Wechselwirkung in Form der dazugehorigen Kollisionsrate enthélt.
Aufgrund der Aquivalenz zu den Kollisionsbreiten ist also jedes Teilchen, welches mit
den anderen Teilchen im Kern wechselwirkt, automatisch stofiverbreitert.

Auf dieser Grundlage wurde im Rahmen dieses Modells auch schon die In-Medium-
Verbreiterung des Nukleons in Schwerionenkollisionen [20, 16], der Nukleon-Resonanzen
P33(1232), Dy5(1520), S11(1535), F15(1680) [27] und der Vektormesonen p, w [28] un-
tersucht. Die Spektralfunktion des Pions wurde in [29] betrachtet; hier wurde die In-
Medium-Breite mit Hilfe eines Delta-Loch-Modells bestimmt.

Wir wollen uns in diesem Kapitel mit der Nukleonenbreite in den FSI (Kapitel 6.1.1)
und der Verbreiterung der Nukleon-Resonanzen (Kapitel 6.1.2) auseinandersetzen. Fiir
die Resonanzen gehen wir zunéichst auf die Resultate aus [27, 20] ein, stellen diesen
die Ergebnisse aus Resonanz-Loch-Modellen gegeniiber und beschreiben die Implemen-
tierung der In-Medium-Breiten. Danach gehen wir im Hinblick auf Kapitel 7.2, 7.3 in
einem einfachen Modell auf mogliche observable Effekte, die durch die In-Medium-
Verbreiterung verursacht werden, ein (Kapitel 6.3).

Die Modifikationen im Medium beschranken sich nicht nur auf die Kollisionsbreiten.
In Abschnitt 6.4 diskutieren wir am Beispiel der Si;(1535), welche Auswirkungen die
Nukleon-Spektralfunktion auf die Zerfallsbreiten haben kann.

6.1 StoBverbreiterung im Medium

Auf der Grundlage der im BUU-Modell implementierten Reaktionen wird die Verbrei-
terung eines Baryons B durch Kollisionen mit anderen Baryonen verursacht. Dabei
handelt es sich im Resonanzbereich vor allem um Reaktionen mit zwei Baryonen im

113
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Endzustand, also BBy — B3B,. Geméf Gleichung (4.4) gilt dann fiir die Kollisionsrate

. g [ &p2 dps Pps dps Ppy dps o0 4
Y2(E,p) = = om)is e
i25(E.p) 2E/(27r)3 2E, (21)3 25 (27)3 2E4|M| (2m)°0°(p + 2 = s = 1)

X As foAs(1 — f3) As(1 = fa). (6.1)

Das Matrixelement héngt mit dem massen- und winkeldifferentiellen Wirkungsquer-
schnitt im CM-System zusammen [2]:

dOCM ': dO'CMA A dUCM _ 1 E |2
ddpsdpy, — dQ T A 64r2s p;

Fiithrt man die Integrationen {iber die Delta-Funktion im CM-System der beiden aus-
laufenden Teilchen aus, so erhélt man

. d3py d ; d
iS5(E,p) =g / Cpodiz a0V 99N e e - )

(271')3 EE2 de,ugd/L4
docn
=gq- . Q— (1 — 1-— . 2

Hierbei ist pp, die Dichte des Stofipartners By und v, = piv/s/(F - Ey) die Relativge-
schwindigkeit der einlaufenden Teilchen im CM-System. Die Mittelung findet iiber die
Kinematik von B, statt. Die Struktur dieses Ausdrucks ist von der Form

Fkoll ~p-v-0, (63)

die eine Aussage des Low-Density-Theorems [98] ist.

Im Prinzip miissen die in Gleichung (6.1) auftretenden Spektralfunktionen bei
selbstkonsistenter Vorgehensweise ebenfalls In-Medium-Breiten beinhalten. Ublicher-
weise wird der Ausdruck aber mit Vakuum-Spektralfunktionen ausgewertet, was der
Néherung in Kapitel 3.5 entspricht, wo ebenfalls auf hohere Iterationen verzichtet wur-
de. Insbesondere befinden sich die im Kollisionsprozef als Stolpartner auftretenden
Nukleonen auf der Massenschale. Diese Annahmen machen auch deshalb Sinn, weil die
verwendeten Wirkungsquerschnitte (wenn iiberhaupt) nur im Vakuum bekannt sind.

Auch im Falle eines Endzustands mit mehr als zwei Teilchen, z.B. NN — NN,
kann man die Kollisionsrate unter Vernachlédssigung aller Pauli-Faktoren der auslau-
fenden Teilchen in die Form

iSN(E,p) = pn - (tra0) N (6.4)

bringen, die ebenfalls Gleichung (6.3) &hnelt.

Die In-Medium-Breiten gehen in die Simulation an zwei Stellen ein. Bei der Be-
rechnung von Querschnitten zur Resonanzproduktion wie 71N — R oder YN — R
(Gleichungen (4.33) und (4.41)) muf aus Konsistenzgriinden anstelle der Vakuumbreite
die entsprechende In-Medium-Breite beriicksichtigt werden (siche Kapitel 5.9.1). An-
dererseits geht die Kollisionsbreite iiber die stattfindenden Stofiprozesse explizit in die
Simulation ein, d.h. Resonanzen werden entsprechend der Kollisionsbreite absorbiert.
Bei der Bestimmung der Zerfallswahrscheinlichkeit der Baryonresonanzen in Kanéle mit
Nukleonen mufl dagegen die Vakuumbreite verwendet werden, da das Pauli-Blocking
auslaufender Nukleonen immer iiberpriift wird.
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6.1.1 Nukleonen

In Kapitel 3 haben wir uns hauptséchlich mit der Nukleon-Spektralfunktion fiir Energi-
en unterhalb der Fermi-Energie beschéftigt. Fiir diesen Bereich haben wir auch das Ma-
trixelement angepafit. Der Exkurs in den Bereich £ > E diente lediglich dem Zweck,
den Realteil der Selbstenergie berechnen zu kénnen. Der Vergleich mit anderen Rech-
nungen zeigte hier mitunter groffe Unterschiede in den Spektralfunktionen. In photon-
und elektroninduzierten Reaktionen am Kern werden Nukleonen jedoch in Zusténde
oberhalb der Fermikante gehoben. Vergleichsmoglichkeiten mit anderen Modellen be-
schrinken sich auf den kinematischen Bereich kleiner Impulse unterhalb von 1 GeV.
Wir werden spéter Prozesse untersuchen, in denen die Impulse der Nukleonen in den
FSI diesen Bereich weit iibersteigen, so daf§ Vergleichs- und Anpassungsméglichkeiten
wie im Lochsektor wegfallen. Daher gehen wir nicht von dem in Kapitel 3 angepafiten
Matrixelement aus, sondern bestimmen die Breite, indem wir die relevanten Wechsel-
wirkungen in den FSI zugrundelegen und die Kollisionsraten berechnen. Dadurch bleibt
auch die Konsistenz zu den simulierten Kollisionsreaktionen gewéhrleistet.

In [20] wurde die Nukleonenbreite bereits bei endlichen Temperaturen berechnet.
Wir wiederholen diese Rechnungen nun fiir 7" = 0. Wir beriicksichtigen fiir Energien un-
terhalb der FRITIOF-Schwelle die Reaktionen NN — NN, NN — NR, NN — AA
und NN — NN, die Beitrdge der umgekehrten Prozesse konnen wir aufgrund ge-
ringer Teilchenmultiplizitdten vernachldssigen. Die Breiten werden nur auf der Mas-
senschale des Nukleons ausgewertet. Im Fall der Reaktion NN — N Nm machen wir
Gebrauch von Gleichung (6.4). Fiir "= 0 miissen wir nur >~ beriicksichtigen, da die
Beitréige der Prozesse NN — NRund NN — NN zu —iX< oberhalb der Fermi-Kante,
also in dem fiir die F'SI relevanten Bereich, verschwinden. Fiir den Bereich oberhalb der
FRITIOF-Schwelle nutzen wir ebenfalls Gleichung (6.4) aus und berechnen die Kolli-
sionsrate fiir alle Prozesse auf einmal, indem wir das Matrixelement durch den totalen
Wirkungsquerschnitt NN — X mit der in [20] verwendeten Parametrisierung ersetzen.

Wie schon in Kapitel 3.7 beschrieben, ist der Ausdruck F - i3~ eine Lorentz-
invariante Grofle, der in der Spektralfunktion auftritt. Die Breite im Ruhesystem des
Nukleons ist dann durch den Zusammenhang (3.34) gegeben. In Abbildung 6.1 zeigen
wir die Resultate fiir die Nukleonenbreite als Funktion des Impulses im lokalen Ru-
hesystem fiir die Saturationsdichte py. Wir beschrinken uns auf den Bereich kleiner
Energien und vergleichen mit der Onshell-Breite, die von Benhar et al. [51] und Baldo
et al. [99] berechnet wurden. Bis AE = E — Er = 0.2 GeV ist die Ubereinstimmung
mit den Ergebnissen von Benhar sehr gut. Uber den gesamten gezeigten Energicbe-
reich liegt die Breite unterhalb des Resultats von Baldo, jedoch ist gerade bei hoheren
Energien die der Verlauf sehr dhnlich. Es zeigt sich, daff unsere Onshell-Breiten insge-
samt recht gut mit aufwendigeren Modellen iibereinstimmen. Dies muf3 natiirlich nicht
abseits der Massenschale gelten.

In Abbildung 6.2 zeigen wir die Nukleonenbreite auf der Massenschale im Ruhesy-
stem des Nukleons in Abhéngigkeit des Nukleonenimpulses fiir verschiedene Dichten
iiber einen groferen Impulsbereich. Die Breite verschwindet an der jeweiligen Fermi-
Energie. Ab py ~ 1 GeV steigen die Breiten stark mit dem Nukleonenimpuls an. Dies
wird durch die Offnung der inelastischen Kanile verursacht. In Kapitel 6.4 werden
wir sehen, dafl dieser starke Anstieg Einflufl auf die Zerfallsbreiten der Resonanzen im
Medium haben kann.
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Abbildung 6.1: Onshell-Nukleonenbreite im Ruhesystem der Kernmaterie als Funktion
der Energiedifferenz AE = E — Ep bei p = py.
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Abbildung 6.2: Onshell-Nukleonenbreite im Ruhesystem des Nukleons als Funktion des
Nukleonenimpulses im LRF fiir verschiedene Dichten.

6.1.2 Resonanzen

Die Breiten der Resonanzen adndern sich im Medium auf zweierlei Weise. Beinhalten
die Zerfallskanéle Nukleonen, also R — Nm, so mufl Pauli-Blocking beriicksichtigt
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werden:
1

/dcosﬂr}ga; -O(pn — pr(p)), (6.5)

-1

Pauli __
FNm -

N —

wobei ¢ der Zerfallswinkel im Ruhesystem der Resonanz und der Pauli-Faktor im LRF
zu berechnen ist.

Durch die Kollisionspozesse der Resonanzen kommt es wie schon beschrieben zur
Ausbildung einer Kollisionsbreite. Die wichtigen Prozesse sind hier RN — NN, RN —
R'N als absorptive Kanéle fiir die Resonanz R und RN — RN als quasielastischer
Prozess, der zwar zur 'Vernichtung’ der einlaufenden Resonanz in ihrem bestimmten
Massen- und Impulszustand fiithrt, aber nicht zur Absorption des Teilchens an sich.
Mehrstufige Kollisionsreaktionen wie RN — NN;, N;N — NN mit einem reellen in-
termedidren Nukleon V; tragen nicht zur Kollisionsbreite der Resonanz bei [20]. Dem-
zufolge sind Mehrteilchenprozesse wie z.B. RNN — NNN im Rahmen der in BUU
simulierten Prozesse nicht enthalten.

In [26, 27] wurden die mediummodifizierten Breiten der fiir die Photoproduktion
relevanten Resonanzen Ps3(1232), Di3(1520), S11(1535) und Fi5(1680) iiber Kollisi-
onsintegrale bestimmt. Wir gehen nun gesondert auf die Ergebnisse fiir die einzelnen
Resonanzen ein. Dabei lassen wir die F5(1680) aufien vor, da die dritte Resonanzregion
bei Reaktionen am Kern durch die Fermi-Bewegung allein schon stark verbreitert ist
und die Medium-Verbreiterung mit etwa 30 MeV auf der Resonanz bei Saturations-
dichte nicht viel beitragt [26].

Die Resultate hdngen stark von der verwendeten Parametrisierung der Wirkungs-
querschnitte der einzelnen Reaktionen ab (siche Kapitel 4.7.2). Besonders die Reak-
tionen RN — RN, R'N sind mit Unsicherheiten behaftet, da die Matrixelemente hier
nicht an experimentelle Daten angepafit werden koénnen [20].

P33(1232)

In Abbildung 6.3 zeigen wir die In-Medium-Breiten der Delta-Resonanz, die wie in [27]
iiber Kollisionsraten berechnet wurde, als Funktion der Resonanzmasse pz. Der Reso-
nanzimpuls wurde dabei so gewé#hlt, dafl die Resonanz mit Masse pugr durch ein reelles
Photon an einem ruhenden Nukleon erzeugt werden kann. Gezeigt sind die Beitrige
zu P3sN — NN, Ps3sN — P3N, P33 — N7 und die Vakuumbreite. Stoffreaktionen in
hohere (schwerere) Resonanzen Ps3 N — RN sind vernachldssigbar.

Es ist zu sehen, daf} die totale In-Medium-Breite

Med
I'hea = Dzeppan + T'kon

bis auf den Bereich sehr kleiner Resonanzmassen im wesentlichen der Vakuum-Breite
entspricht. Die Verbreiterung von etwa 35 MeV auf der Polmasse wird durch das Pauli-
Blocking fast vollstdndig kompensiert.

Dieser Wert fiir die totale Kollisionsbreite liegt jedoch deutlich unterhalb dessen,
was in realistischen Resonanz-Loch-Modellen erreicht wird. In der Arbeit von Oset
und Salcedo [23] wird I'kop in Beitrdge zur Zwei-Teilchen-Absorption, Drei-Teilchen-
Absorption und quasielastische Prozesse zerlegt. Wihrend die Zwei-Teilchen-Absorption
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Abbildung 6.3: In-Medium-Breite der Ps3(1232)-Resonanz als Funktion der Resonanz-
masse fiir p = py. Der Resonanzimpuls wurde so gewéhlt, dafl die Resonanz mit Masse
i durch ein Photon am ruhenden Nukleon produziert werden kann. Zum Vergleich
ist auch die Vakuumbreite gezeigt.

in guter Naherung mit den in Figur 6.3 gezeigten Resultaten zu P33 N — NN iiberein-
stimmt, tragt die Drei-Teilchen-Absorption, die in BUU fehlt, zusétzlich mit etwa 40
MeV bei. I'kop nimmt also bei p = py Werte um 80 MeV an, also etwa doppelt so viel,
wie man auf der Grundlage der reinen Zwei-Teilchen-Kollisionen iiber die Kollisionsra-
ten erhalt.

Hirata et al. [34] haben aus Daten zur Pion-Kern-Streuung das phénomenologische
Spreading-Potential extrahiert, dessen Imaginérteil proportional zur Kollisionsbreite
ist. Hier findet man

Tion = 80 MeV - 2. (6.6)
Po
Diese Breite berticksichtigt den absorptiven Anteil der Kollisionsbreite, so dafl die totale
Kollisionsbreite etwas hoher liegt. Dennoch ist dieser Wert sehr nahe an den Resultaten
aus [23].

Auch in den selbstkonsistenten Resonanz-Loch-Rechnungen von Post [33] und Hel-
gesson et al. [100] wurden &hnliche Werte fiir die Verbreiterung der Ps3 gefunden, jedoch
werden die Effekte hier anders als in [23] hauptséchlich durch Zwei-Teilchen-Prozesse
erzeugt, wohingegen Drei-Teilchen-Beitrédge nur klein sind.

Es ergibt sich in der Literatur ein gewisses Maf an Ubereinstimmung, so da8 sich
die Kollisionsbreite der P33(1232) bei p = po im Bereich 80-100 MeV einpendelt. Der
Hauptbeitrag wird dabei durch Prozesse geliefert, die zur Ps3-Absorption fithren. Die
starke Abweichung der in BUU durch P33 N — NN erreichte Absorption stellt natiirlich
ein Problem dar, das in [20] untersucht wurde, wobei die In-Medium-Breiten von Oset
et al. [23] bzw. das Spreading-Potential (6.6) in das BUU-Modell implementiert wurden.
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Abbildung 6.4: In-Medium-Breite der D;3(1520)-Resonanz als Funktion der Resonanz-
masse fiir p = py. Der Resonanzimpuls wurde so gewihlt, dafl die Resonanz mit Mas-

se pugr durch ein Photon am ruhenden Nukleon produziert werden kann. Die Kurve
D3N — NN liegt praktisch auf der pg-Achse.

Darauf gehen wir in Kapitel 6.3 ein.

D313(1520)

In Abbildung 6.4 zeigen wir die In-Medium-Breite der D;3(1520), die aus der Berech-
nung der Kollisionsraten folgt, als Funktion der Resonanzmasse bei p = po. Auf der
Polmasse erhélt man eine Nettoverbreiterung (Differenz der totalen In-Medium-Breite
und der Vakuumbreite) von knapp 20 MeV. Es fillt auf, dafi die Verbreiterung im
Rahmen der Kollisionsraten fast ausschliefilich durch RN — RN und RN — R'N
zustandekommt, dagegen der absorptive Anteil RN — NN fast verschwindend ist
aufgrund des kleinen Matrixelements fiir diesen Prozef§ [26].

In [33] wurde auch die In-Medium-Breite der D;3(1520) berechnet. Hier ergeben
sich erheblich groflere Verbreiterungen von 100-200 MeV. Der Hauptanteil wird hier
anders als bei der Pj33(1232) nicht durch die Absorption, die mit etwa 50 MeV zwar
erheblich mehr beisteuert als in der Berechnung der Kollisionsraten, sondern durch
Prozesse mit auslaufender Di3 geliefert. Wie auch bei der Ps3 sind die Beitrage von
Drei-Korper-Prozessen klein. In [24, 101] wurde die Rho-Spektralfunktion im Medium
untersucht. Aufgrund der Verschiebung von Stérke in Regionen kleiner Rho-Massen
(durch Resonanz-Loch- und Nukleon-Loch-Beitrige) kommt es durch Phasenraumef-
fekte zu einer Vergroferung der Dy3(1520)-Zerfallsbreite im Medium. Diesen Effekt
beriicksichtigen wir in dieser Arbeit nicht explizit, er ist indirekt iiber die Vergréflerung
der totalen Breite durch den Anteil D3N — D;3N enthalten, der zur Zerfallsbreite
der D3 in Np im Medium beitrigt.
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Abbildung 6.5: In-Medium-Breite der S1;(1535)-Resonanz als Funktion der Resonanz-
masse fiir p = pg. Der Resonanzimpuls wurde so gewéhlt, daf§ die Resonanz mit Masse
g durch ein Photon am ruhenden Nukleon produziert werden kann.

S$11(1535)

In Abbildung 6.5 zeigen wir die Resultate der In-Medium-Breite der S11(1535) nach der
Berechnung der Kollisionsraten fiir p = pg. Es ist zu sehen, dafl die Nettoverbreiterung
auf der Resonanzmasse etwa 34 MeV betrigt. Wie bei der D;3(1520) ist der Beitrag
der Reaktion S11N — NN nur sehr klein.

Die Ergebnisse fiir die Verbreiterung stimmen in diesem Fall recht gut mit den
Resultaten aus [33] iiberein, wo ein Wert von etwa 30 MeV auf der Resonanzmasse
gefunden wurde. Auch hier ist der absorptive Anteil klein, ebenso der Einflul von
Drei-Korper-Prozessen.

Es ist interessant zu beobachten, daf§ der Anteil der Resonanzabsorption an der
Kollisionsbreite in den Vielteilchen-Rechnungen [33] fiir die P33 grof}, bei den hoheren
Resonanzen D3 und Si; aber eher klein ist. Qualitativ stimmt dies mit den Ergebnissen
aus der Berechnung der Kollisionsraten iiberein.

6.2 Implementierung der Stoflverbreiterung

Wir haben schon erwahnt, daf sich die Stoverbreiterung auf zweierlei Arten auswirkt:
Einerseits werden die Wirkungsquerschnitte in der in 5.9.1 beschriebenen Art und Wei-
se modifiziert, d.h. die Vakuum-Breiten durch die In-Medium-Breiten ausgetauscht.
Andererseits sind die zur Kollisionsbreite fithrenden Prozesse explizit in das Modell
eingebaut. Im Falle der P33(1232) haben wir gesehen, dafl die geméfl (6.1) berechnete
Kollisionsbreite bei weitem nicht dem entspricht, was in anderen, realistischeren Mo-
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dellen gefunden wird. Hier st68t man auf ein Problem, wenn man die realistischeren
Kollisionsbreiten beriicksichtigen und dennoch Konsistenz bewahren will — aus der Vor-
gabe der Kollisionsbreiten kann nicht ohne weiteres etwa auf die Wirkungsquerschnit-
te geschlossen werden. Das bedeutet, dafl eine von den Kollisionsraten abweichende
Kollisionsbreite nicht durch simulierte StofSprozesse wie in BUU iiblich beriicksichtigt
werden kann. Ein zweites Problem ist, dafl sich zumindest in der Arbeit von Oset et al.
[23] die Kollisionsbreite der P33(1232) zu einem grofien Teil aus Drei-Teilchen-Prozessen
(z.B. P;sNN — NNN) zusammensetzen, die in BUU nicht simuliert werden.

In [20] wurde ein Verfahren angewendet, in dem der absorptive Anteil der Kollisions-
breite der Ps33(1232) aus [23] als "Zerfallsbreite’ aufgefait und die Resonanzen in einem
bestimmten Zeitschritt gemé&f eines exponentiellen Zerfallsgesetzes wie in Gleichung
(5.24) vernichtet wurden und dafiir der Stoproze RN — NN aus der Simulation
genommen wurde. Im Rahmen der Methode der perturbativen Teilchen wird die ’zer-
fallene’ Resonanz einfach geloscht. Es wird fiir jede einzelne Resonanz entschieden, ob
sie 'zerfillt’, gleichgiiltig, ob sich iiberhaupt ein addquater Stoflpartner in der Umge-
bung befindet oder nicht, d.h. auf diese Art und Weise wird nicht der Stolprozefl an
sich, sondern lediglich das Ergebnis in bezug auf die Absorption des Teilchens simuliert.
Diese Methode funktioniert daher nur, wenn die Endprodukte des Absorptionsprozes-
ses (also etwa NN oder NN N) fiir den weiteren Verlauf der Gesamtreaktion unwichtig
sind, d.h. sie diirfen z.B. keine weiteren Teilchen produzieren. Dies ist bei nicht allzu
hohen Energien wie im Bereich der ersten Resonanzregion sehr gut erfiillt.

Mit diesem Verfahren lassen sich auch nur Kollisionsbreiten beriicksichtigen, die
rein absorptiven Prozessen entsprechen, also keine Kanéle mit Resonanzen im Aus-
gangszustand, da diese durch den Zerfall in Mesonen wichtig fiir die weitere Reaktion
sein konnen. Dies hingt mitunter auch von der Observablen ab, die man betrachtet. Ist
man beispielsweise an der Eta-Photoproduktion am Kern interessiert, so kann man die
Resonanzen, die in zwei Pionen zerfallen, als fiir diesen Kanal absorbiert ansehen, da
die beiden Pionen aus energetischen Griinden niemals zur Eta-Produktion beitragen
werden.

Der quasielastische Beitrag zur In-Medium-Breite wurde bislang nur iiber die in
BUU enthaltenen StofSprozesse beriicksichtigt. Im letzten Abschnitt haben wir gesehen,
daB realistische Modelle hier erheblich hohere Beitrége liefern. Im Falle der Dy3(1520)
wollen wir von diesen Erkenntnissen Gebrauch machen, da die quantitativen Abwei-
chungen mit etwa 100-150 MeV auf der Resonanz doch recht grof§ sind. Der Haupt-
grund fiir eine Beriicksichtigung ist, dafl die Wahrscheinlichkeit, dafl die Resonanz in
einem bestimmten Zeitschritt durch Absorption oder Zerfall vernichtet wird, durch
einen quasielastischen Prozefl beeinflufit wird. Wie bei der Absorption verwenden wir
die quasielastische Breite, um iiber ein exponentielles Zerfallsgesetz zu bestimmen, ob
eine vorliegende Resonanz in einem solchen Prozefl involviert ist. Ist dies der Fall, so
belassen wir die Resonanz.

Wie schon in Kapitel 5.9.1 angesprochen, geht in die Wirkungsquerschnitte zur
Resonanzformation die totale In-Medium-Breite ein.

Die Verwendung der Breiten aus Resonanz-Loch-Rechnungen in BUU-Rechnungen
ist nur bedingt moglich, da die Zuordnung in die verschiedenen Kanile aufgrund der

Uberlagerung der einzelnen Aste (z.B. m, P3N, NN~1) mitunter schwierig und nicht
eindeutig ist [102, 100].
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In den folgenden Rechnungen zu Reaktionen am Kern in Kapitel 7 und 8 verwenden
wir iiblicherweise fiir die P33(1232) die in Kapitel 6.1.2 beschriebenen Oset-Breiten und
das Spreading-Potential. In Reaktionen mit reellen Photonen verwenden wir — wenn
nichts anderes gesagt wird — in Einklang mit der Diskussion in Kapitel 6.1.2 fiir die
D13(1520) und die S11(1535) totale Kollisionsbreiten von I'.o(D13) = 200 MeV - p/pg
bzw. Teou(S11) = 0.03 MeV - p/po, wobei wir jeweils fiir den absorptiven Anteil I'yps =
1/4 - Tcon ansetzen.

6.3 Observable Effekte

In diesem Abschnitt beschéftigen wir uns mit der Frage, wie sich eine Verbreiterung ei-
gentlich in Wirkungsquerschnitten zu Photon-Kern-Reaktionen bemerkbar macht, d.h.
bewirkt eine In-Medium-Verbreiterung von X GeV auch eine Verbreiterung im Reso-
nanzbeitrag zum Wirkungsquerschnitt am Kern um X GeV? In [103] haben wir im
Zusammenhang mit der In-Medium-Verbreiterung der D;3(1520) ein einfaches Modell
angewendet, um abzuschétzen, welche maximalen Effekte zu erwarten sind. Dies wie-
derholen wir nun und betrachten dariiberhinaus auch die in photonuklearen Reaktionen
wichtigen Resonanzen Pj3(1232) und Si;(1535).

Wir studieren die Beitrage der Resonanz R zum Wirkungsquerschnitt der Reaktio-
nen YA — X und yA — 7+ A Nukleonen als Funktion einer fiktiven Stoverbreiterung

Tion = T - 2. (6.7)

Po

Den Wirkungsquerschnitt berechnen wir durch Faltung des elementaren Querschnitts
afN iiber das Dichteprofil des Kerns und Beriicksichtigung der Fermi-Bewegung der
Nukleonen (siehe Kapitel 7.1). Wir beriicksichtigen keine Modifikationen aufgrund der
Nukleon-Spektralfunktion. Unter Vernachlédssigung von Pauli-Blocking und der FSI
ergibt sich:
pF(p(F))d
=g [ [ G o (V5) (6.9)
Kern

wobei sich die Integration iiber das Volumen des Kerns erstreckt und pp der loka-
le Fermi-Impuls ist. Durch diese Annahmen werden die Einfliisse der Verbreiterung
nach oben abgeschétzt. Durch Pauli-Blocking und FSI wird die Sensitivitatsregion der
Observablen (zumindest bei exklusiveren Kanilen) nach aufien zu kleineren Dichten
verschoben, so dafl die tatsédchlich beobachtbaren Effekte geringer ausfallen als in die-
sem einfachen Modell.

Fiir den elementaren Wirkungsquerschnitt UfN erhalten wir nach Kapitel 4.7.6

Ko\ sPET R 2m
R _ (Fo v~ b AR 12 1 AR 1. 6.9
O-’}/N ( k' ) (S o M%)Q _|_ SF%R MR(| 1/2| + | 3/2‘ ) ( )

Fiir die Breiten I'; g und I'y g, die in Zé&hler und Nenner auftauchen, betrachten wir
verschiedene Szenarien:
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Abbildung 6.6: Wirkungsquerschnitt yCa — X nach Gleichung (6.8) fiir I'y = 0 und
200 MeV.

o Mit I't g = I'9,r = I'zertan + I'kon erhalten wir den Wirkungsquerschnitt fiir den

totalen Proze yA — X, d.h. die Kollisionsbreite (6.7) geht in Zéhler und Nenner
ein.

Den exklusiven Kanal vA — 7 4+ A Nukleonen erhalten wir z.B. durch die Wahl
I'y g = 'r—nr und 'y g = T'zergan + I'kon. Hier geht die Annahme ein, daf die Ver-
breiterung nicht durch Kanéle beeinflufit wird, die zur Ein-Pion-Produktion bei-
tragen (z.B. NR — NR). Dies ist beispielsweise gegeben, wenn die In-Medium-
Breite (auf der Basis von Zwei-Teilchen-Prozessen) allein durch absorptive Pro-
zesse NR — NN zustandekommt. Die Kollisionsbreite taucht dann nur im Nen-
ner auf.

Nimmt man an, dafl die Kollisionsbreite zur Hélfte zur Ein-Pion-Produktion bei-
trégt, so erhélt man anstelle des letzten Ausdrucks I'1 g = I'p—.nr + %FKOM und
I's r = I'zerfan + kol

In allen drei Féllen steht die totale In-Medium-Breite im Nenner. Fiir die totalen
und partiellen Zerfallsbreiten verwenden wir die schon in Kapitel 4.5.1 vorgestellten
Parametrisierungen, die natiirlich auch einen Einflul auf die Resultate haben.

Wie man in Abbildung 6.6 sehen kann, hat der Wirkungsquerschnitt aus Gleichung

(6.8) eine Resonanzstruktur mit einer Breite I'y /o bei halbem Maximum. Die Gestalt
der Kurve weicht zwar von der Breit-Wigner-Gestalt ab, aber dennoch ist I'; /; eine aus-
sagekriftige Grofle. Eine weitere sensitive Grofle ist das Maximum der Kurve oy, /A.

In Abbildung 6.7 zeigen wir die Auswirkungen der Verbreiterung durch I'g auf I';

und die Hohe des Maximums des Wirkungsquerschnitts fiir die verschiedenen angespro-
chenen Szenarien. Fiir die S11(1535) zeigen wir auch die Beitrége zur Eta-Produktion.
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Abbildung 6.7: Beitrag der verschiedenen Resonanzen zu den Wirkungsquerschnitten
v*Ca — X bzw. m+ A Nukleonen fiir die unter Gleichung (6.9) beschriebenen verschie-
denen Szenarien. Dabei handelt es sich bei der Kurve "N, mod.” um die Rechnung
mit modifizierter N7-Breite I'r_ . + 1/2Tkon. Fiir die S11(1535) zeigen wir auch den
Kanal n + A Nukleonen. Die Fermi-Bewegung wird beriicksichtigt.

Abbildung 6.8 beinhaltet dieselben Rechnungen ohne Fermi-Bewegung. Insgesamt ist
der Einflul von 'k erstaunlich klein. Das liegt zum einen an der Dichteabhéngig-
keit in (6.7), zum anderen an der Fermi-Bewegung, die schon bei I'y = 0 zwar in
den Rechnungen mit Fermi-Bewegung zu einer ordentlichen Verbreiterung fiihrt, mit
steigendem I'y aber zu weniger stark aufgeprigtem Anstieg von I'y /. Fiir den totalen
Wirkungsquerschnitt (durchgezogene Kurven in den Abbildungen 6.7 und 6.8) ist der
Breitenunterschied zwischen I'y = 0 und 'y = 200 MeV mit Fermi-Bewegung um 1/4

bis 1/3 kleiner als ohne Fermi-Bewegung; noch extremer ist dies im exklusiven 7%-Kanal
(gestrichelte Linien).

Wir gehen jetzt genauer auf die Resultate mit Fermi-Bewegung ein (Abbildung
6.7). I'op hat bei den hoheren Resonanzen kaum Einfluf auf die Breite im einfachen
Ein-Pionen-Querschnitt (gestrichelte Linien). Der Grund ist, daB8 I'op nur im Nenner
auftaucht, was eine Reduktion des Querschnitts mit steigendem I'y verursacht. Damit
werden Beitrédge aus Regionen, in denen die Verbreiterung grof§ ist, unterdriickt. In
einer Rechnung in Kernmaterie ist dies dementsprechend anders [103]. Wir betrachten
'y fiir die oben aufgefithrten realistischen maximalen Werte von I'y = 100 MeV
(Ps3), T'o = 30 MeV (S71) und I’y = 200 MeV (D;3). Es ergeben sich dann prozentuale
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Abbildung 6.8: Dieselben Betrachtungen wie in Abbildung 6.7, nur ohne Fermi-
Bewegung der Nukleonen.

Verbreiterungen von etwa 3% fiir die S1; und 7% fir die Dy3 (in Kernmaterie: 42%
[103]). Fiir die P33 finden wir dagegen einen Wert von immerhin 18%. Damit ist der
Beitrag der P33 am sensitivsten auf eine Verbreiterung. In den Abbildungen der rechten
Spalte sieht man, daf} sich der steigende Wert von I'g in der Reduktion des Maximums
der Resonanz-Wirkungsquerschnitte viel deutlicher manifestiert: Hier finden wir fiir die
P33 eine Reduktion von 48%, fiir die S;; von 20% und fiir die D3 von 61%. Damit ist
die Absenkung des Querschnitts in diesem Kanal eine weitaus deutlichere Signatur der
In-Medium-Verbreiterung als die Breite des Wirkungsquerschnitts.

Je inklusiver der Endzustand wird, umso grofler wird der Effekt von I'y. Das liegt
daran, dal man auf immer mehr Prozesse sensitiv wird, die zur Verbreiterung beitra-
gen, d.h. ein immer groflerer Anteil der totalen Kollisionsbreite steht auch im Z#hler.
Dies zeigt der Vergleich zwischen den Szenarien der normalen N7-Breite (gestrichelte
Kurven) und der modifizierten N7-Breite (gepunktete Linien) in Abbildung 6.7. Der
Extremfall ist der totale inklusive Prozesses vA — X, der durch die durchgezogenen
Linien in Abbildung 6.7 verdeutlicht wird. In den oben genannten realistischen Be-
reichen fiir I'y finden wir Verbreiterungen von 23% (Py3), 25% (Di3) und 6% (S11).
Im Fall der P33 ergibt sich im Vergleich zur Ein-Pion-Produktion keine merkliche Ver-
groferung, ebenso bei der Siy, bei der ein Wert von I'y = 30 MeV viel zu klein ist,
um beobachtbar zu sein. Allein im Fall der D3 ergibt sich relativ grofle Werte, jedoch
mufl man hier in Kauf nehmen, dafl in der eigentlichen Messung nicht nur die resonan-
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ten Beitrdge beitragen, sondern auch mitunter grofle Untergrundbeitrige, so dafl die
Information in bezug auf Resonanzeigenschaften im Medium minimal ist. Im Vergleich
zur Ein-Pion-Produktion ist die beobachtete Reduktion der Maxima der Querschnitte
nicht so ausgepréagt.

Wir sehen also, daf§ aus der Tatsache, daf§ in einem bestimmten (resonanten) Kanal
keine Modifikation des Wirkungsquerschnitts zu beobachten ist, nicht a priori geschluf3-
folgert werden kann, dal keine Verbreiterung der entsprechenden Resonanz vorliegt.
Vielmehr werden die ’breiten’ Beitriige aus Regionen hoher Dichte unterdriickt, so dafl
sie zur Verbreiterung des Resonanzpeaks im Wirkungsquerschnitt nicht stark beitra-
gen, sondern einen Untergrund bilden, auf dem der Peak sitzt. Das ist beispielsweise
in Abbildung 6.6 zu sehen. Die observable Grofle ist hier eher die Reduktion des Quer-
schnitts. Wir kommen darauf im Rahmen der Single-7%-Produktion am Kern in Kapitel
7.2.2 zuriick.

6.4 Modifikation der Resonanz-Zerfallsbreiten

In diesem Abschnitt beschéftigen wir uns mit der Modifikation der Resonanz-Zerfalls-
breiten durch die Spektralfunktion des Nukleons. Auch im Vakuum gibt es Resonanz-
zerfélle in Teilchen mit endlicher Breite, z.B. D13 — Np. Hier wird die Breite durch
die Rho-Spektralfunktion beeinflufit und der Tatsache Rechnung getragen, dafl die Re-
sonanz in Rho-Mesonen mit einer Masse kleiner als der Polmasse zerfallen kann; solche
Prozesse sind phasenraumbegiinstigt. Das gleiche Prinzip wenden wir nun auf die Nu-
kleonen an.

Wir betrachten nun, wie die Zerfallsbreite im Medium zu modifizieren ist. Nach der
in Kapitel 4.5.1 vorgestellten Parametrisierung gilt im Vakuum:

PNm (/IJR)
PNm(Mr) .

Falls beide auslaufenden Teilchen N, m stabil sind, ist die Funktion py,, von der Form

PR
pRHNm<,uR) ==L B?Nm-
MR

Dies ist zu vergleichen mit dem allgemeinen Ausdruck fiir eine Zerfallsbreite in zwei
Teilchen:

1
[' ~ —|M]|? - Phasenraum.
MR

Die Blatt-Weisskopf-Funktion B, beriicksichtigt die richtige Impulsabhéngigkeit der
Breiten an der Schwelle und steht im wesentlichen fiir das Matrixelement, wohingegen
der Faktor p§M /ug der Zwei-Teilchen-Phasenraum ist. Aus der Forderung, daf die
Breite auf der Polmasse gleich T'% . ist, folgt der Ausdruck in Gleichung (6.10). Der
Normierungsfaktor pr_nm(Mpg) im Nenner ist eine Konstante und ein Maf fiir die
Kopplung, die wir im Medium nicht abédndern. Dagegen wird der Phasenraumfaktor
durch die Spektralfunktion und das mogliche Pauli-Blocking modifiziert. Damit haben
wir fiir die In-Medium-Zerfallsbreite einer Resonanz in ein stabiles Meson und ein

Offshell-Nukleon den Ausdruck

pNm ([, DR, P) (6.11)

I'rNm » PR =TI ’
R—N (MR PR P) RHNm(:uR) ﬁNm( MR)
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mit
1 1 HR—Mm OM
P
pnm(fir, DR, P) = §/d00819 / duA(u,pN,p)j—RBme(p%R)@(EN — Ep(p)),
-1 Hmin

(6.12)
wobei der Faktor 1/2 durch die fiir das Pauli-Blocking notwendige Mittelung tiber der
CM-Winkel herriihrt (siche Gleichung (6.5)). Fiir fimin verwenden wir wie in Kapitel
5.4.2 konsistenterweise einen Wert von 0.4 GeV. Im Nenner ist

CcM
(M) = T B, (D0 R).

Die Vergréferung des Phasenraums im Falle kleinerer Nukleonenmassen wird in Glei-
chung (6.12) durch den CM-Impuls verursacht, der bei fester Resonanzmasse mit sin-
kender Nukleonenmasse ansteigt. Die Resonanzbreite héngt neben der Resonanzmasse
auch vom Resonanzimpuls pr und der Dichte ab. In die Berechnung der Resonanz-
breite geht die Nukleon-Spektralfunktion ein, die wir in Kapitel 6.1.1 als Funktion
des Nukleonenimpulses py berechnet haben. Die pr-Abhéngigkeit manifestiert sich in
Nukleonenimpuls und -energie im LRF (aufgrund des Lorentz-Boosts), die in die Spek-
tralfunktion und den Pauli-Blocking-Faktor eingehen.

In Abbildung 6.2 sieht man, dafl die Onshell-Breite mit steigendem Nukleonenim-
puls ansteigt und bei Saturationsdichte py oberhalb von py = 2 GeV Breiten von iiber
300 MeV erreicht werden. Wir werden im folgenden die Nukleonbreite bei noch héheren
Impulsen benotigen, etwa bis py = 5 GeV. Hier liegt die berechnete Breite fiir py sogar
bei 700 MeV. Angesichts solch grofler Werte ist es natiirlich interessant zu sehen, wie
sich diese in den Resonanzbreiten niederschlagen.

Wir betrachten im folgenden nur die Zerfallskanéle der S1;(1535). In diesem Fall
ist die Blatt-Weisskopf-Funktion B; = 1. Fiir die spétere Anwendung auf die Eta-
Elektroproduktion an Kernen (Kapitel 8.3.2) bei hohem Impulstransfer Q2 muf} ein Be-
reich von Resonanzimpulsen bis etwa 4.5 GeV und Resonanzmassen bis 3 GeV beriick-
sichtigt werden. Einfache Betrachtungen zeigen, dafi dies die Kenntnis der Nukleon-
Spektralfunktion bis etwa py = 5 GeV erfordert. Wir berechnen nun die Zerfallsbreiten,
wobei wir den Pauli-Blocking-Faktor weglassen. Fiir die Anwendung im BUU-Modell
ist dies notwendig, weil das Pauli-Blocking bei einem moglichen Resonanzzerfall explizit
iiberpriift wird und auflerdem bei hohen Impulsen unwichtig wird.

In Abbildung 6.9 prasentieren wir die Breite S;; — N7 fiir verschiedene Resonanz-
impulse pr = 1,2,3,4 GeV bei Dichte py und vergleichen mit der Vakuumbreite (d.h.
Onshell-Nukleonen). Bei allen Impulsen zeigt sich, da§ die In-Medium-Breite bis auf
die Schwellenregion unterhalb der Vakuumbreite liegt. Es fillt auf, daf§ die Breite auch
bei groflen pg nicht in die Vakuumbreite iibergeht: Zum einen sind die Integrale

HR—My

dpe A, p™) - p™M (g, )

und
HR—Mny

dpS(p —my) - p™(

HR, :u’) = pCM(/'I’Pm mN)

[e=]
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Abbildung 6.9: Zerfallsbreite S1;(1535) — N7 im Ruhesystem der Resonanz, modifi-
ziert durch die Nukleon-Spektralfunktion fiir verschiedene Resonanzimpulse als Funk-
tion der Resonanzmasse bei Séttigungsdichte pg. Zum Vergleich wird auch die Vaku-
umbreite gezeigt. Um unteren Teil findet sich die Schwellenregion in logarithmischer
Darstellung.

auch iiber dem vollen Normierungsintervall der Spektralfunktion (also im Limes pur —
00) nicht identisch. Weiterhin wére das Integral tiber die Spektralfunktion selbst (al-
so ohne den CM-Impuls) fiir groe pr auch nicht eins, weil die Spektralfunktion an
verschiedenen Nukleonenimpulsen im LRF (abhéngig von pg, pr und p) abgegriffen
wird.

Im unteren Teil von Abbildung 6.9 sehen wir die Schwellenregion um pg = my+m,,
in logarithmischer Skala. Hier wird ein weiterer offensichtlicher Einflul der Nukleon-
Spektralfunktion deutlich: Durch die Beitrdge von Nukleonen mit p < my zu A ist der
Zerfall von leichten Resonanzen in Nn moglich. Dieser Effekt ist umso ausgeprégter, je
grofler der Resonanzimpuls ist, da dann auch der Nukleonenimpuls und die Nukleonen-
breite ansteigen. Bei pr = 4 GeV ist die Schwelle stark ausgeschmiert. Die verwendete
minimale Nukleonenmasse von pi,;, = 0.4 GeV als untere Integrationsgrenze in Glei-
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Abbildung 6.10: Zerfallsbreite S11(1535) — N7 im Ruhesystem der Resonanz, modifi-
ziert durch die Nukleon-Spektralfunktion fiir verschiedene Resonanzimpulse als Funk-
tion der Resonanzmasse bei Séttigungsdichte pg. Zum Vergleich wird auch die Vaku-
umbreite gezeigt.

chung (6.12) wirkt sich nicht stark aus, da der Integrand im Bereich unterhalb dieses
Wertes sehr klein ist.

In Abbildung 6.10 zeigen wir die Zerfallsbreite S1;(1535) — Nm. Hier ergibt sich
qualitativ das gleiche Bild wie im Fall N7.

Fiir die totale In-Medium-Zerfallsbreite der S1;(1535) ersetzen wir die Vakuumzer-
fallsbreiten Nn und N7 durch die modifizierten Grofien. Fiir die anderen Zerfallskanéle
Np, No und N*r verwenden wir weiterhin die Vakuumbreiten, da diese Kanile (auf
der Polmasse) nur etwa 6% der Gesamtbreite ausmachen.

In Abbildung 6.11 zeigen wir die Verzweigungsverhéltnisse im Medium fiir die
Kanédle Nn und Nm fiir verschiedene Dichten p = py und 0.4pg. Diese treten z.B.



130 6. In-Medium-Breiten von Nukleonen und Resonanzen

12 , ' '
B 1.0 s P =P, 1 p= 0.4 pOA

[ N
~ e pR=1 GeV : [ pR:]_ GeV
= 08} 1 ) ]
= Py=2 GeV e p,=2 GeV
T 06r p=3GeV 1 ; p.=3GeV -
woosl N T p=4Gev [N o p,=4 GeV
: Ml Vakuum Vakuum

0.2t

0.0
L<9
= 04f
j=g
=
T
v 02}
—

0.0L= L . \ ol ) ) )

1.0 1.5 2.0 2.5 1.0 1.5 2.0 2.5 3.0

b, [GeV] b, [GeV]

Abbildung 6.11: Modifizierte Verzweigungsverhéltnisse der Kanéle S;; — Nn und
S11 — N fiir verschiedene Resonanzimpulse bei p = py. Zum Vergleich werden auch
die Vakuumresultate gezeigt.

im Wirkungsquerschnitt

s,
_Su—nN (6.13)

OyN—S11—nN = OyN—S; T
S11—X

auf. Fiir den Eta-Kanal sehen wir, dafl der Peak um die Resonanzmasse veréndert
wird. Mit steigendem Resonanzimpuls findet eine Reduktion und eine leichte Verschie-
bung des Maximums statt. Im Grenzfall groler Massen gehen die Verhéltnisse fiir
alle pr gegen eine Konstante leicht unterhalb des Vakuumwertes. Unterhalb der frei-
en Nn-Schwelle nehmen die Verzweigungsverhiltnisse endliche Werte an, die mit dem
Resonanzimpuls ansteigen. Es ist zu vermuten, dafl sich diese mitunter starken Modifi-
kationen in Querschnitten zur Eta-Photo- oder Elektroproduktion bemerkbar machen,
da das Verzweigungsverhéltnis, wie in Gleichung (6.13) gezeigt, direkt in die Quer-
schnitte eingeht. Alle Resonanzen mit einer Masse unterhalb der Schwelle, die deshalb
in einer Rechnung mit Vakuumbreiten nichts beitragen, haben nun Einfluf§ auf das
Resultat. Allerdings findet der Zerfall der Resonanzen eher bei kleineren Dichten als
po statt, wo die Modifikationen etwas geringer ausfallen, wie in Abbildung 6.11 rechts
deutlich wird.

Im Nw-Kanal wird die scharfe Kante an der Nn-Schwelle durch die Nukleon-
Spektralfunktion ausgeschmiert. Die Abweichung des Verhéltnisses im Vakuum von
eins unterhalb der Eta-Schwelle wird durch den N p-Beitrag verursacht.
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Abbildung 6.12: Zerfallsbreiten der Sy; fiir die Kanéle Nn und N7 unter Beriicksichti-
gung des Formfaktors (6.14) fiir die Nukleonenbreite fiir verschiedene Resonanzimpulse.

Angesichts der grofien Nukleonenbreiten von iiber 500 MeV untersuchen wir nun,
wie sensitiv die Zerfallsbreiten auf die Komponenten der Nukleon-Spektralfunktion
mit solch groffen Breiten sind. Wir haben dazu die Rechnungen fiir S;; — Ny und N7
wiederholt und die Nukleonenbreite durch Multiplikation mit den Funktion

Flpy) = (1 + exp <%))_1 (6.14)

bei einem Nukleonenimpuls von etwa 3 GeV abgeschnitten. Damit werden bei p = pg
die Nukleonenbreiten unterhalb von 350 MeV gehalten.

In Abbildung 6.12 zeigen wir die Auswirkung des Formfaktors auf die Sy;-Zerfalls-
breite. Fiir Resonanzimpulse unterhalb von 3 GeV ist die Anderung nur sehr gering
und auf groBere Resonanzmassen beschriankt. Bei pg = 4 GeV sehen wir {iber den
gesamten Massenbereich Abweichungen, und dafl die Breite mit Formfaktor — wie auch
zu erwarten ist — ndher an der Vakuumbreite liegt.

Der verwendete Cutoff ist so gewihlt, dafl er relativ gut den Bereich der Nukleon-
Spektralfunktion mit groflen Nukleonen-Breiten eingrenzt, auf den die Resonanzbreiten
nicht sehr sensitiv sind. Eine Verringerung des Cutoffs hétte auch schon bei kleinen
Resonanzimpulsen viel deutlichere Abweichungen von der Rechnung ohne Formfaktor
zur Folge als die in Abbildung 6.12 sichtbaren.
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Das Ergebnis dieses Abschnitts ist, daf§ die Modifikation der S;;-Zerfallsbreiten
durch die Nukleon-Spektralfunktion bei grofien Resonanzimpulsen so grof3 ist, dafl be-
obachtbare Effekte in Reaktionen am Kern nicht auszuschliefen sind. Da in der Pho-
toproduktion die S1;(1535) nur mit relativ kleinen Impulsen zwischen 0.6 und 1 GeV
angeregt wird, ist hier ein Signal weniger stark ausgepréagt. In der Elektroproduktion
dagegen sind Resonanzimpulse auch von 4 GeV méglich und die zu erwartenden Effekte
entsprechend deutlicher. Wir werden darauf in Kapitel 8.2.3 und 8.3.2 eingehen.



Kapitel 7

Photon- und elektroninduzierte
Reaktionen am Kern

In diesem Kapitel beschéftigen wir uns mit der Photon- und Elektron-Kern-Reaktion.
Wir beschreiben zunéchst, wie die Wirkungsquerschnitte am Kern berechnet werden
auf der Grundlage der Querschnitte am Nukleon, deren Parametrisierung wir in Kapitel
4.7 vorgestellt haben. In den folgenden Abschnitten gehen wir auf mehrere Produkti-
onsreaktionen am Kern ein, wobei wir uns auf Rechnungen ohne Grundzustandskor-
relationen beschrinken. Den Einflufl der Nukleon-Spektralfunktion untersuchen wir in
Kapitel 8.

Ziel der Abschnitte 7.2 und 7.3 ist, auf der Grundlage der in Kapitel 6 beschriebe-
nen In-Medium-Modifikationen der Resonanzen eine umfassende Aufstellung der durch-
gefiithrten Messungen zur Pion- und Eta-Photoproduktion zu geben.

In Kapitel 7.4 berechnen wir die Pion- und Eta-Elektroproduktion am Kern unter
Verwendung der JLab-Kinematik und untersuchen den Einflul der FSI auf Reaktionen
mit groem Impulstransfer.

In Kapitel 7.5 schliellich untersuchen wir den elektroninduzierten Proton-Knockout
aus Kernen, der Aufschlufl iiber die FSI der Nukleonen gibt.

7.1 Die Photon-Kern-Reaktion

Die Photon-Kern-Reaktion wird modelliert unter der Annahme, dafl das einlaufende
Photon nur mit einem einzelnen Nukleon im Kern wechselwirkt [20] und die unter-
schiedlichen Wahrscheinlichkeiten fiir die verschiedenen Photon-Nukleon-Reaktionen
(d.h. die Wirkungsquerschnitte o.,) nur kinematisch bedingt sind. Im betrachteten ki-
nematischen Bereich der Resonanzregion ist dies eine sinnvolle Annahme, da Shadowing-
Effekte (siche z.B. [104]) vernachldssigbar sind. Wir sind in Kapitel 5.3 schon auf die
numerische Realisierung mit perturbativen Teilchen eingegangen, in der wir an je-
dem Nukleon eine vN-Reaktion initialisieren, die dann mit dem jeweiligen Querschnitt
oy~ (E,, Pn) gewichtet wird.

Der Wirkungsquerschnitt fiir die Photon-Kern-Reaktion im Laborsystem (d.h. Ru-
hesystem des Kerns) ergibt sich dann, indem man die Beitrége aller Nukleonen, also die
o,N—x im Laborsystem, aufsummiert. Betrachtet man einen bestimmten Kanal, z.B.
die inklusive 7°-Produktion, so miissen alle Beitrige zusitzlich mit der Multiplizitit

133
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der 7 gewichtet werden, die aus der elementaren yN-Reaktion folgen. Diese wieder-
um beinhaltet die Information iiber die in der yN-Reaktion produzierten Teilchen und
alle Effekte des Pauli-Blockings und der FSI und wird mit Hilfe des BUU-Modells
bestimmt. Insgesamt ergibt sich dann fiir die inklusive 7°-Photoproduktion am Kern:

= rp(7 —d3p T)) —p)o « Mo
raex(B) = [ drp?) [ SO (o) ~ P -

wobei Mo die Multiplizitit der 7° ist. Fiir andere Reaktionen gelten entsprechende
Ausdriicke. Wir gehen hier vereinfachend davon aus, dafl die Wirkungsquerschnitte an
Proton und Neutron identisch sind; die Verallgemeinerung dieser Gleichung ist trivial.
Mit Gleichung (4.18) fiir den Fermi-Impuls kénnen wir diesen Ausdruck umschreiben
und erhalten

avwX(Ew):gK / dr / %@@F(mm—p) vy Mp,  (T1)

DaB in diesem Ausdruck der totale Querschnitt am Nukleon o, y_,x auftritt, spiegelt
die Moglichkeit wider, da8 das Teilchen 7% nicht notwendigerweise in der elementaren
Reaktion produziert werden muf}, sondern durch die Coupled-Channel-Effekte in den
FSI erzeugt werden kann. Die Multiplizitat M o ist dann durch den Ausdruck

Mo (E,, 7, p) = 1 L2 | &Pyl - MN(E,, T, PP 7.2
( v ﬁ) ;UWNHX(E'\”T;@ Pro 7r0( vy p 7r0> ( )

gegeben, wobei die Summe iiber alle méglichen Kanile & in der v N-Reaktion lduft und
die M 7]:0 die 7°-Multiplizititen sind, die aus dem Kanal k in der Anfangsreaktion durch
die FSI resultieren. Die Integration erfolgt iiber die Impulse der auslaufenden Pionen
plo am Ende der Reaktion. Das Verhéltnis der Wirkungsquerschnitte in der Summe ist
die Wahrscheinlichkeit, daf} in der Anfangsreaktion der Endzustand k produziert wird.
Die genaue Definition der Multiplizitdten M fo ist nicht eindeutig festgelegt, sondern
héngt z.B. beim Vergleich mit Daten von der experimentellen Auswertung ab. In der
inklusiven 7%-Photoproduktion (Kapitel 7.2) gibt es zwei verschiedene Z&hlweisen der
detektierten 7°. Es wird entweder jedes Pion gewichtet (falls also zwei 7° den Detektor
erreichen, ist M jfo = 2) oder es wird gewertet, ob mindestens ein 7° produziert wurde
(dann ist in dem Beispiel M. TIfO = 1), wie etwa im Falle des Wirkungsquerschnitts oyeutral
in Kapitel 7.2.4 . Falls nichts Anderes gesagt wird, handelt es sich bei allen gezeigten
Wirkungsquerschnitten um die erste Zahlweise.

Soweit gilt Gleichung (7.1) nur fiir Rechnungen ohne Grundzustandskorrelationen.
Um die Unterschiede aufzuzeigen, schreiben wir Gleichung (7.1) um in eine Form, die
dann durch Monte-Carlo-Integration ausgewertet wird:

a= [ @r ([ S5 0ne) - ) - ey M),

Kern

p,r

4 6
= L . §7T§7T2 . / d37‘ﬂ : <O"YNHX : Mrr0>
Kern

=A-(oNox - Mpo) (7.3)

p,r’
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Hierbei ist bei der Mittelung der Impuls p’homogen in der lokalen Fermi-Kugel und der
Ortsvektor 7 gemiB 72p(r) verteilt. Die gemittelte Grofie in (7.3) entpricht also dem
Wirkungsquerschnitt pro Nukleon. Der numerische Ausdruck lautet genauer

1 1 Lo oo
ZO-')/A - m ZO-'yNi—»X(T'upia E’y) ' M7r0 (E"mri)pi)a

wobei sich die Summe iiber die N-A Nukleonen N; in den N Ensembles erstreckt, deren
Orts- und Impulsvektoren wie beschrieben initialisiert werden und Mo (E,, 7, p;) die
Anzahl der 7° ist, die aus der Reaktion vNV; schlieflich hervorgehen.

Beriicksichtigt man nun die Grundzustandskorrelationen, so mufl der Ausdruck (7.1)
ersetzt werden durch:

ruans(B) =g [ @ [ Sl Mup) O (o) = E) ooy - M (7)

Kern

wobei E die Energie des Nukleons mit Masse p ist. Bei der Berechnung des Ausdrucks
gehen wir genauso vor wie im Onshell-Fall:

sa=g [ @r( [ 525 [ @A nOE ) - B)) - oy Mo, (15

Das Massen-Integral {iber den Ausdruck F.A© wiirde normalerweise die Impulsvertei-
lung n(p, p) ergeben (siehe Gleichung (3.36)). In Gleichung (3.7) haben wir gesehen,
dafl aber der Wert des Impulsintegrals iiber die Impulsverteilung genau 4/37pr(p)? ist,
so dafl das Resultat des Ortsraumintegrals iiber den Ausdruck in den runden Klammern
wieder genau die Massenzahl A sein miiite. In diesem Fall hatten wir also

Kern

OyA = A- <U’yN—>X : Mﬂo>p,,u,r

mit geeignet verteilten Massen, Impuls- und Ortsvektoren. Jedoch weichen wir in der
numerischen Realisierung etwas von diesem Idealfall ab: Durch die Festlegung einer mi-
nimalen Nukleonenmasse fimin (siche Kapitel 5.4.2) wird durch die Bedingung £ < Ep
bei einer bestimmten Dichte ein maximal zuléssiger Impuls pp.x bestimmt, der dann
das Impulsintegral abschneidet. Dies ist in Abbildung 7.1 fiir die beiden verwendeten
Potentiale gezeigt. Die Folge ist, daf die Klammer keineswegs 4/3mpr(p)/(27)% er-
gibt, und der Vorfaktor in der letzten Gleichung nicht die Massenzahl A, sondern eine
kleinere Zahl ist.

Wir haben das Impulsintegral {iber die Impulsverteilung unter dieser Randbedin-
gung ausgewertet und finden, dafl der Ausdruck in den runden Klammern immer noch
proportional zu p ist (wie im Onshell-Fall). Die Proportionalitdtskonstante ist fiir beide
Potentiale fast identisch und kann aus dem Integral gezogen werden. Der verbleibende
Faktor p ergibt mit dem Ortsraumintegral wieder die Massenzahl A. Wir erhalten dann
das Resultat fiir den Wirkungsquerschnitt pro Nukleon:

O~vA—BX

A

Im Vergleich zum Onshell-Fall mufl das Ergebnis der Monte-Carlo-Integration also
um 3% verringert werden, was wir in allen in Kapitel 8 folgenden Rechnungen mit
Grundzustandskorrelationen beriicksichtigen.

= 0.9686 - (0 y_x - Mp) (7.6)

DT "
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Abbildung 7.1: Maximale mit der Bedingung E < Er vereinbare Nukleonenimpulse als
Funktion der Dichte fiir verschiedene Potentiale.

Entsprechend den Gleichungen fiir den totalen Wirkungsquerschnitt am Kern be-
rechnen sich differentielle Wirkungsquerschnitte, z.B. do, 4—.-0x /dpro. Der Unterschied
ist, dafl im Integranden eine Delta-Funktion (p, — p.) enthalten sein muf;, wobei p/
der Impuls der Pionen am Ende der Reaktion ist, und die den gewiinschten Impulswert
pr herausprojiziert. Im Rahmen der Monte-Carlo-Realisierung — wie auch im Experi-
ment — hat man es natiirlich mit Impuls-Bins endlicher Breite zu tun, so daf3 anstelle
der Delta-Funktion zwei Theta-Funktionen eingefiigt werden. Ist Ap, die Bin-Breite
ist, so gilt in der numerischen Realisierung:

1 Ao 1 <A

’yA—?Tl'X — — —/
J— = a. SN 'Mﬂ— E 7Ti7 (3] 17
1 Ap. N-A;; N X+ Mo (B, T3, Di, 1135 Pro)

X O(pr + Apr /2 — pr)O(py — (Px — Apx/2)). (7.7)

7.2 Pion-Photoproduktion

In der Photoabsorption am Kern beobachtet man im Vergleich zur v/N-Reaktion ein
Verschwinden der zweiten und dritten und eine Verbreiterung der ersten Resonanzregi-
on. Dies ist in Abbildung 7.2 zu sehen. Die durchgezogene Linie zeigt Rechnungen zum
Photoabsorptionsquerschnitt in [27], die Pauli-Blocking und Fermi-Bewegung beinhal-
ten. Diese fithren zwar tatséchlich zu einem Verschwinden des dritten Resonanzpeaks
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Abbildung 7.2: Photoabsorption am Kern (gefiillte Symbole) [31], gemittelt iiber die
Massenzahl A, und am Proton (offene Symbole) [105]. Die Kurve zeigt die Resutate
des Thomas-Fermi-Modells aus [20, 27].

und einer starken Verschmierung in der zweiten Resonanzregion, jedoch bleibt hier
ein deutliche Struktur zuriick. Das véllige Verschwinden in den Daten mufl also durch
weniger triviale Effekte im Medium verursacht werden. Das Problem ist, daf§ zum
Photoabsorptionsquerschnitt am Kern viele Prozesse beitragen kénnen: Der elemen-
tare Querschnitt am Nukleon konnte in [35] wie in Kapitel 4.7.6 beschrieben in die
resonanten Anteile der Ps3(1232), D13(1520), S11(1535) und Fi5(1680) und die Unter-
grundbeitrige YN — 7N, mw N zerlegt werden. In der Reaktion im Medium werden
diese durch die FSI durchgemischt, so daf§ die Riickschliisse auf mogliche Modifikatio-
nen erschwert wird. Daher ist es notwendig, exklusivere Querschnitte zu betrachten,
die den Teilprozessen einfacher zugeordnet werden kénnen. In den letzten Jahren wur-
den solche Experimente zur 7°- und Eta- Photoproduktion durch die TAPS-Gruppe
an MAMI durchgefithrt. Wir betrachten diese Reaktionen nun im Rahmen des BUU-
Modells, das den Vorteil besitzt, dafl einzelne Modifikationen explizit auf ihre Wirkung
iiberpriift werden kénnen und dariiberhinaus Informationen iiber die Enstehungswei-
se der Ergebnisse beinhaltet, wie sie im Experiment nicht zur Verfiigung stehen. Die
Reaktionen yA — 71X, 27X und nX wurden schon in [26, 35, 20] untersucht. In der
Zwischenzeit sind zahlreiche neue Daten hinzugekommen sowie die in Kapitel 6.1.2
beschriebenen Modifikationen der D;3(1520) und Sp;(1535).

7.2.1 Inklusive 7w°-Produktion

Wir beginnen mit der inklusiven Reaktion yA — 7°X. Die experimentellen Daten
beinhalten sowohl kohérente und inkohérente Pionen. Erstere tragen im Energiebereich
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Abbildung 7.3: Inklusive 7%-Produktion an verschiedenen Kernen als Funktion der Pho-
tonenergie. Die Kurven zeigen die BUU-Ergebnisse fiir die beiden im Text beschriebe-
nen P33-Modifikationsszenarien. Die Daten stammen aus [107].

zwischen 200 und 400 MeV nicht unerheblich bei [108]. Fiir Energien unterhalb der
Zwei-Pion-Schwelle werden im BUU-Modell nur Reaktionen beriicksichtigt, in denen es
direkt oder iiber intermedifdre Resonanzanregung zur Ein-Pion-Produktion kommt. In
jedem Fall enthélt ein solcher Endzustand ein Pion und ein Nukleon, falls er nicht Pauli-
geblockt ist. Die Pion-Produktion geht also immer mit der Anhebung eines Nukleons
iiber die Fermi-Kante, also der Anregung des Kerns einher. Ein solcher Prozef§ ist laut
Definition nicht kohérent. Auch durch die FSI kann ein solcher Prozefi nicht mehr
‘kohérent” werden, denn in diesem Fall miifite das Nukleon seine Anregungsenergie
auf das Pion iibertragen und dies ist fast ausgeschlossen. Reaktionen, in denen die
Resonanz absorbiert wird, fiihren ebenfalls immer zur Anregung des Kerns bzw. tragen
unter Umstdnden gar nicht zur Pion-Produktion bei. Es macht daher Sinn, zu einem
besseren Vergleich mit den Daten zum inklusiven 7%-Wirkungsquerschnitt die Daten
zur kohirenten 7%Produktion zu den BUU-Rechnungen zu addieren.

In Abbildung 7.3 zeigen wir unsere Rechnungen fiir die Kerne C, Ca, Nb und Pb.
Die vier Kurven entsprechen der Verwendung des Spreading-Potentials und der Oset-
Parametrisierung fiir die Breite der Ps3(1232)-Resonanz (siehe Kapitel 6.1.2). Es zeigt
sich, daf} die Kurven bei groflen Kernen die Daten im ersten Resonanzbereich, insbe-
sondere im Bereich der Schwelle, gut beschreiben. Die durchgezogene Linien mit dem
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Spreading-Potential liegen aufgrund der stéirkeren Absorption leicht unterhalb den ge-
strichelten.

Es fillt auf, dafl die absteigende Flanke der ersten Resonanzregion durch die BUU-
Rechnungen nicht beschrieben wird; der Resonanzpeak in den Daten ist erheblich brei-
ter. Dies ist aber nicht auf die Verbreiterung Ps3(1232) zuriickfithrbar, denn die hier
sichtbare Reduktion des Maximums ist konsistent mit den Betrachtungen in Kapitel
6.3, wenn man in Abbildung 6.7 einen Breitenparameter I'y ~ 80 — 100 MeV wihlt
und den abgelesenen Querschnitt durch drei teilt (wir betrachten hier nur neutrale Pio-
nen). Grofiere Kollisionsbreiten lassen sich zudem ausschliefien, da sie das Maximum im
Querschnitt weiter herunterdriicken wiirden und zum anderen nicht mit den in Kapitel
6.1.2 beschriebenen theoretischen und experimentellen Betrachtungen in Einklang zu
bringen sind.

Wie in Abbildung 7.2 zu sehen ist, tritt dieses Verhalten auch in den Rechnungen zur
Photoabsorption auf. Das dort verwendete Modell entspricht denselben theoretischen
Annahmen wie das BUU-Modell, d.h. die Reaktion zwischen Photon und Kern wird auf
der Basis der Absorption an einzelnen Nukleonen angenommen. Der Effekt taucht auch
in anderen Untersuchungen, die auf dieser Annahme basieren, auf (z.B. [32]). In [106]
wurde in Rechnungen zur Photoabsorption gezeigt, dal im Energiebereich von 300-500
MeV Prozesse eine Rolle spielen, die der Absorption an zwei Nukleonen entsprechen.
Dies wurde in [27] durch Abschitzung des Diagramms yNN — P33N bestéitigt. Die
Energieabhéngigkeit dieses Beitrags ist interessant, da er fiir kleinere Energien, bei de-
nen die Annahme der Absorption an einzelnen Nukleonen weniger gerechtfertigt sein
sollte, weniger wichtig ist. Die Betrachtungen in [106, 27] beziehen sich auf den Energie-
bereich bis zum Anfang der zweiten Resonanzregion. Daher ist nicht bekannt, ob solche
Beitrdge auch bei hoheren Energien eine Rolle spielen. In unseren Betrachtungen zu
den exklusiveren Kanélen beriicksichtigen wir die Mehr-Nukleon-Absorption des Pho-
tons nicht, weil sie im Gegensatz zur Photoabsorption schwieriger zu implementieren
ist, da die Reaktionen wie YNN — P33 N explizit simuliert werden miifiten. Bei dem
Vergleich mit den Daten in der zweiten Resonanzregion ist daher immer im Hinterkopf
zu behalten, dafl eine Beriicksichtigung gréflere Wirkungsquerschnitte liefern kénnte.

Wir wenden uns nun dem zweiten Resonanzbereich zu. Fiir die D13(1520) und die
S11(1535) machen wir von den in Kapitel 6.1.2 beschriebenen Modifikationen im Rah-
men des Modells von Post [33] Gebrauch. Da die Ps3(1232) auch hier zur Pionproduk-
tion beitragt, ist der Unterschied zwischen der Rechnung mit dem Spreading-Potential
und der Oset-Breite vor allem bei groflien Kernen deutlich. Die bessere Beschreibung
der Daten ist hier durch die Kurve mit dem Spreading-Potential gegeben. Fiir diese
Rechnung zeigen wir in Abbildung 7.4 den Einflufl der Di3- und Si;-Modifikation ge-
nauer. Der Buckel im Wirkungsquerschnitt oberhalb von 500 MeV im Vergleich zu den
Daten geht zum Grofiteil auf das Fehlen der weiter oben diskutierten Mehr-Nukleon-
Absorptionsprozesse zuriick. Die Rechnung fiir Calcium liegt auch mit modifizierten
Resonanzen iiber den Daten, fiir schwerere Kerne verlaufen sie durch die Daten. In
[20] konnte der inklusive 7°-Querschnitt an Calcium durch eine rein absorptive Adhoc-
Kollisionsbreite von 300 MeV beschrieben werden, jedoch ist diese Zahl durch realisti-
sche Modelle (Kapitel 6.1.2) nicht haltbar.

In dem gezeigten Energiebereich tragt auch die Zwei-Pion-Produktion am Nukle-
on stark bei, welche in unserem Modell als inkohdrente Summe eines resonanten und
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Abbildung 7.4: EinfluB der D;3- und Si;-Breitenmodifikation auf die inklusive -
Produktion fiir verschiedene Kerne im zweiten Resonanzbereich. Die Daten stammen
aus [107].

eines Untergrundbeitrags implementiert wurde (siehe Kapitel 4.7.6) und daher bis-
lang nur iiber die Resonanzbeitrige mediummodifiert werden kann. Sie tragt zu der
sichtbaren Struktur in Abbildung 7.3 durch den Anstieg von der Schwelle bis etwa
600 MeV wesentlich bei. In [87] wurde darauf hingewiesen, daff die Buckelstruktur des
Zwei-Pion-Wirkungsquerschnitts im Vakuum durch Interferenzeffekte zwischen dem
D73-Resonanzterm und Kroll-Rudermann-Termen verursacht wird. In [32] wurde diese
Erkenntnis aufgegriffen und argumentiert, dafl Mediumeffekte wie die Modifikation der
D13 die Interferenz zerstoren und zu einer Reduktion des Buckels fithren kénnten. Die
Verwendung von In-Medium-Breiten und Massenverschiebungen fiir die D13(1520), die
dem Spreading-Potential aus [34] entsprechen, fiihrte tatséchlich zu einem solchen Ef-
fekt. Die Autoren konnten in einem [27] dhnlichen Modell zeigen, da8 auf diese Weise
die resonante Struktur im Bereich der zweiten Resonanzregion im Photoabsorptions-
querschnitt zum Verschwinden gebracht werden kann. Solche Modifikationen sind in
unserem Modell bislang nicht beriicksichtigt, werden jedoch in Kiirze durch die Aus-
wertung der Feynman-Diagramme, die zum Zwei-Pionen-Wirkungsquerschnitt beitra-
gen, unter Beriicksichtigung der D;3-Modifikation aus den Resonanz-Loch-Rechnungen
in [33] auch BUU-Rechnungen zur Verfiigung stehen [109].

Die gezeigten Daten beinhalten im zweiten Resonanzbereich die neutralen Pionen,
die aus dem Zerfall der Eta-Mesonen stammen und auch in den Rechnungen beriick-
sichtigt wurden.

Der Vergleich mit den Daten zur inklusiven 7°-Produktion zeigt, daf die Medium-
modifikation der P33(1232) mit Hilfe géngiger Kollisionsbreiten eine gute Beschreibung
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Abbildung 7.5: Wirkungsquerschnitt der Reaktion v 2C — 7t 4+ X im Vergleich zur
BUU-Rechnung mit Spreading-Potential (durchgezogene Kurve) und Oset-Breite (ge-
strichelte Kurve) fiir die Ps3(1232). Die Daten stammen aus [110].

der TAPS-Daten liefert. In [26, 20] wurde gezeigt, dafl kleinere Kollisionsbreiten, die
den in Kapitel 6.1.2 diskutierten P33-Kollisionsraten entsprechen, Querschnitte liefern,
die in der ersten Resonanzregion die Daten fiir Calcium um ~ 35 pb iiberschreiten. Die
Region zwischen dem ersten und dem zweiten Resonanzbereich kann durch die verwen-
deten In-Medium-Breiten der Ps3 nicht beschrieben werden. In der zweiten Resonanzre-
gion scheinen die Rechnungen mit dem Ps3-Spreading-Potential zu bevorzugen zu sein,
jedoch ist hier der Einflul eines modifizierten Zwei-Pion-Wirkungsquerschnitts abzu-
warten. Das UberschieBen der Daten bei leichteren Kernen kénnte ein Hinweis auf eine
andere als die verwendete Dichteabhéngigkeit der In-Medium-Breiten der Resonanzen
sein. Genauere Auskiinfte iiber eine moglicherweise vorhandene Impulsabhéngigkeit der
Kollisionsbreiten liefen sich durch die Pion-Elektroproduktion beschaffen, bei denen
eine bestimmte Resonanz durch Variation des Photon-Viererimpulsquadrates Q2 mit
verschiedenen Impulsen angeregt werden kann. Die inklusive 7°-Produktion beinhaltet
insbesondere im zweiten Resonanzbereich immer noch eine Vielzahl von Kanélen mit
dem Zerfall verschiedener Resonanzen in Ein- und Zwei-Pionen-Endzusténde und dem
Pionenuntergrund. Hierbei ist besonders der Zwei-Pionen-Anteil stérend, um Aussagen
iiber Resonanzmodifikationen machen zu kénnen.

Die Tatsache, daf zur 7°-Photoproduktion kohirente Pionen beitragen, beeintrich-
tigt den direkten Vergleich mit unserem Modell etwas. Diese Moglichkeit konnte z.B.
die inklusive Photoproduktion geladenener Pionen am Kern liefern. In [110] wurde
der Wirkungsquerschnitt ¥4 — 77X an Kohlenstoff innerhalb der ersten Resonanz-
region gemessen, mit dem wir in Abbildung 7.5 unsere Rechnungen vergleichen. In
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Abbildung 7.6: Missing-Energy-Spektrum der 7° in einer Reaktion an Calcium fiir
E, = 0.4 GeV. Die gestrichelte Linie zeigt das experimentelle Resultat aus [107], die
durchgezogene Linie entspricht dem BUU-Ergebnis.

der Schwellenregion werden die Daten sehr gut beschrieben, das Maximum wird je-
doch leicht unterschétzt. Wie bei den neutralen Pionen liegt auch hier die gestrichelte
Kurve (Oset-Parametrisierung) iiber der durchgezogenen (Spreading-Potential). Der
Vergleich mit Kohlenstoff allein ist im Hinblick auf die Rechnungen fiir die neutralen
Pionen natiirlich etwas unbefriedigend.

7.2.2 Single-w%-Produktion

In [111] wurde die Single-m°-Produktion untersucht, in der Beitrige aus Zwei-Pion-
Prozessen mittels Missing-Energy-Cuts entfernt werden. Die fehlende Energie ist defi-
niert durch

__ 1exp theo
Emiss - E7r - Eﬂ' .

Hierbei ist £ die theoretische kinetische CM-Energie eines Pions, das an einem frei-
en Nukleon in Ruhe produziert wird und EJ*P die tatséchliche kinetische CM-Energie
eines detektierten Pions. Durch die Bindungseffekte der Nukleonen, Fermi-Bewegung
und FSI weichen auch Pionen, die aus Ein-Pion-Ereignissen stammen, von diesem theo-
retischen Wert ab und bilden einen Peak um E,,, = 0 (siche gestrichelte Kurve in Ab-
bildung 7.6). Das gesamte Missing-Energy-Spektrum besteht dariiberhinaus aus einem
Kontinuum bei negativen Werten, das aus Pionen besteht, die entweder aus Zwei-Pion-
Ereignissen stammen oder Ein-Pion-Ereignisse, die einfach durch FSI (z.B. Resonan-
zanregung und -zerfall, 7N — R — wN) Energie verloren haben, und das mit dem
Peak iiberlappt. Die Beriicksichtigung der Pionen in dem Peak fithrt demnach nicht
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Abbildung 7.7: Wirkungsquerschnitt zur Single-r°-Produktion am Kern. Die durchge-
zogenen und gestrichelten Kurven zeigen Rechnungen mit dem Ps3-Spreading-Potential
bzw. der Oset-Breite und E,;ss > 0. Die gepunkteten Kurven beinhalten Pionen mit
Friss > —5 MeV. Die Daten stammen aus [107].

nur zum Ausschlufl der Zwei-Pion-Ereignisse. Der experimentelle Single-m-Querschnitt
enthiilt also neben den kohirenten 7° einen Teil der Beitrige aus YN — N7 und
YN — R — Nm. Es handelt sich also nicht um einen Wirkungsquerschnitt, der alle
Ein-Pion-Ereignisse enthélt. Das sieht man auch daran, dal die Daten zur inklusiven
7%-Produktion in Abbildung 7.3 und zur Single-r°-Produktion in Abbildung 7.7 in der
ersten Resonanzregion nicht identisch sind.

Dies muf} bei einer Berechnung des Single-Pion-Wirkungsquerschnitts im Rahmen
des BUU-Modells beriicksichtigt werden. Es reicht nicht aus, nur am Ende der Simula-
tion zu iiberpriifen, ob aus einem Photon-Nukleon-Prozef} ein einziges Pion resultiert,
denn es kann passieren, dafl in einem Zwei-Pionen-Ereignis eines absorbiert wird. In
[103] haben wir daher die im Experiment verwendeten Missing-Energy-Cuts zugrun-
degelegt. Aufgrund des Uberlapps des Peaks im Missing-Energy-Spektrum mit dem
Kontinuum kénnen wir in der BUU-Rechnung im Bereich mit negativem F,, nicht
bestimmen, ob es sich bei einem Pion um ein Single-Pion handelt oder nicht. Daher
beriicksichtigen wir nur die Pionen mit positiver fehlender Energie und erhalten daraus
unter der Annahme, dafl der Peak symmetrisch um den Ursprung ist, den gesamten
Single-m%-Wirkungsquerschnitt durch Multiplikation mit zwei. In Abbildung 7.6 ist zu
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sehen, daf der Peak leicht (um etwa 5 MeV) zu negativen Energien verschoben ist. Um
den Einflufl des Missing-Energy-Cuts auf die Ergebnisse zu iiberpriifen, haben wir die
Rechnung wiederholt, indem wir alle 7° beriicksichtigt haben, deren fehlende Energie
grofer als —5 MeV ist.

In Abbildung 7.7 zeigen wir die resultierenden Querschnitte an verschiedenen Ker-
nen und zeigen dazu die Daten aus [107]. Dabei wurden die in den Daten enthalte-
nen Beitrdge der kohérenten Pionen zu den Rechnungen addiert. Die durchgezoge-
nen Linien zeigen die Rechnung mit dem Spreading-Potential, die gestrichelten die
mit der Oset-Parametrisierung fiir die P33-In-Medium-Breite. Es zeigt sich, dafl bei-
de Szenarien sehr #dhnliche Ergebnisse liefern. Insbesondere bei grofien Kernen wird
der Single-m%-Querschnitt im Bereich der ersten Resonanzregion unterschitzt. In der
zweiten Resonanzregion sind die Rechnungen sehr nahe an den Daten, {iberschéitzen
sie jedoch leicht. Die gepunkteten Kurven zeigen das Ergebnis mit dem leicht mo-
difizierten Missing-Energy-Cut (E,, > —5 MeV) und dem Spreading-Potential. Man
sieht, dafl die Wirkungsquerschnitte oberhalb der durchgezogenen Linien liegen, was
dadurch erklirt werden kann, dafl der Cut mehr 70 beriicksichtigt. Innerhalb der er-
sten Resonanzregion wird der Querschnitt im Maximum erhéht, die Diskrepanz in der
abfallenden Flanke zwischen den BUU-Ergebnissen und den Daten wird etwas klei-
ner. Jedoch scheint die restliche fehlende Stérke in dieser Region ebenso wie in der
inklusiven 7°-Produktion (Abbildung 7.3) mit den im BUU-Modell fehlenden Multi-
Nukleon-Absorptionsmechanismen in Verbindung gebracht werden zu kénnen.

Die mogliche Modifikation der D;3(1520) wurde in [111] durch die Messung des
Single-m%-Wirkungsquerschnitts unter die Lupe genommen. Natiirlich tragen weiter-
hin auch Pionen aus dem Zerfall der Ps3(1232) und S1;(1535) sowie dem Ein-Pion-
Untergrund zum zweiten Resonanzbereich bei. Das ist in Abbildung 7.8 zu sehen, wo
die einzelnen Quellen aufgeschliisselt sind. Dabei beschrianken wir uns auf die Rech-
nung mit dem Missing-Energy-Cut E,, > 0, da die Unterschiede zwischen den Cuts in
der zweiten Resonanzregion, die hier studiert werden soll, sehr klein sind. Weiterhin
ergeben sich qualitativ keine Unterschiede. In der Rechnung mit FSI (unten) geben
die Bezeichnungen an den Kurven jeweils die Resonanz an, aus deren unmittelbaren
Zerfall das detektierte Pion stammt. "UG’ und 'Res’ steht dabei fiir Pionen aus Un-
tergrundprozessen und hoheren Resonanzen. Die Rechnung ohne FSI (oben) zeigt, dafl
die Di3 im Vergleich zur P33 durch die FSI an Bedeutung verliert und der Abfall der
Pss-Flanke stéarker ist als in der Rechnung mit FSI.

In [111] wurde der Beitrag der D;3(1520) und der S1;(1535) durch Subtraktion eines
Untergrundes bestimmt, der dem Verlauf der vom Ps33-Peak abfallenden Flanke folgt
und somit im wesentlichen den Beitrag der Ps33(1232) und des Untergrundes berticksich-
tigt. Der verbleibende Wirkungsquerschnitt wurde mit den Vakuumquerschnitten zur
S11(1535)- und D13(1520)-Produktion verglichen und zeigte relativ zu diesen keine Ver-
breiterung. Wie in Kapitel 6.1.2 beschrieben, ergibt sich sowohl auf der Grundlage der
Kollisionsraten als auch der realistischer Resonanz-Loch-Rechnungen fiir die S5 (1535)
nur eine geringe und experimentell wohl nicht nachweisbare Verbreiterung. Dies wird
sich in der Eta-Photoproduktion in Kapitel 7.3 bestétigen. Fiir die D13(1520) steht die
Beobachtung aus [111] jedoch zunéchst einmal im Widerspruch zu theoretischen Mo-
dellen. Allerdings mufl man hier den in Kapitel 6.3 diskutierten Effekt der Reduktion
der effektiven Verbreiterung beachten.
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Abbildung 7.8: Verschiedene Beitrige zur Single-m%-Produktion an Calcium. Die obere
Abbildung zeigt die Rechnung ohne, die untere die mit FSI. Die Kurven "UG’ und 'Res’
zeigen Pionen, die aus Untergrundprozessen und hoheren Resonanzen herriihren. Die
Daten stammen aus [107].

Das BUU-Modell bietet die Moglichkeit, den Anteil der neutralen Pionen am Single-
7%-Querschnitt zu bestimmen, der aus dem vorherigen Zerfall einer Dy3(1520) stammt.
Dariiberhinaus 148t sich — wie in Kapitel 6.1.2 beschrieben — die Kollisionsbreite der
D13(1520) als externer Parameter variieren, die dann in die Photon-Nukleon- und
Meson-Nukleon-Wirkungsquerschnitte (Gleichungen (4.33) und (4.41)) eingeht. In Ka-
pitel 6.3 haben wir bereits in dem Faltungsmodell die Verbreiterung des resonanten
D13-Beitrags als Funktion dieses externen Parameters I'y betrachtet und festgestellt,
daB es bei weitem zu keiner 1:1-Ubersetzung der Breite kommt. Bei sehr hohen T'y > 300
MeV konnten wir sogar ein Séttigungsverhalten beobachten (siehe gestrichelte Kurve
in Abbildung 6.7). Hier ging allerdings die Annahme ein, daf§ die gesamte Kollisi-
onsverbreiterung absorptiv ist. Fiir die hier gewéhlte (realistischere) Aufteilung der
D15-Kollisionsbreite in absorptive und quasielastische Anteile nach Kapitel 6.1.2 gibt
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Abbildung 7.9: Einflufl der In-Medium-Modifikation auf den Beitrag der D;3-Resonanz
auf die Single-7%-Produktion an Calcium. Die durchgezogene Linie enthélt keine, die ge-
strichelte die in Kapitel 6.1.2 beschriebenen D;3-Modifikationen. Die gepunktete Kurve
ist die modifizierte Rechnung, skaliert auf die unmodifizierte.

allerdings die gepunktete Linie in Abbildung 6.7 die Situation besser wieder. Aber auch
dann ist die beobachtbare Verbreiterung (ohne FSI!) mit etwa 50 MeV minimal. In Ab-
bildung 7.9 zeigen wir schliefllich den Beitrag der D;3(1520) zur Single-r’-Produktion
an Calcium. Die durchgezogene Linie zeigt dabei die Rechnung mit einer nichtmodifi-
zierten Resonanz im Vergleich zu der gestrichelten Linie mit Modifikation. Die gepunk-
tete Kurve ergibt sich aus der gestrichelten durch Umskalierung, um den Vergleich
mit der nichtmodifizierten Rechnung zu erleichtern. In der Tat ist die Verbreiterung
des Peaks auf halber Hohe minimal. Wie in Kapitel 6.3 beschrieben, machen sich die
wirklich "breiten’ Beitrage aufgrund der starken Unterdriickung durch eine Erhohung
im Schwanz der Kurve bei kleinen Energien bemerkbar. Im Gegensatz dazu ist die
beobachtete Reduktion des Wirkungsquerschnitts offensichtlicher, wie in Kapitel 6.3
schon beschrieben.

Aufgrund des Fehlens des Zwei-Pion-Anteils zum Wirkungsquerschnitt kann die
Single-m-Produktion genauer Auskunft iiber die Modifizierung der Resonanzen in dem
zweiten Resonanzregion geben, insbesondere da der Wirkungsquerschnitt nicht auf De-
tails der Ps3-In-Medium-Breite sensitiv zu sein scheint (Abbildung 7.7). Die Beschrei-
bung der Daten durch realistische Kollisionsbreiten ist insbesondere fiir groffe Kerne
gut. Abbildung 7.7 zeigt allerdings auch, dafl der Beitrag der D;3(1520) allein etwa nur
ein Viertel des Querschnitts ausmacht, so dafi eine Reduktion der bestehenden Dis-
krepanz erheblich gréfiere Absorptionsbreiten notwendig macht: In [103] konnten die
Daten durch die auch in [20] verwendete absorptive Kollisionsbreite von 300 MeV -p/pq
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Abbildung 7.10: Impulsdifferentielle Wirkungsquerschnitte fiir die inklusive 7°-

Produktion fiir verschiedene Kerne und Photon-Energien. Die BUU-Rechnungen (Hi-
stogramme) enthalten das Spreading-Potential fir die Ps3(1232). Kohérente Pionen
sind nicht in den Rechnungen enthalten, aber in den Daten. Fiir Ca werden auch die
Rechnungen ohne FSI mit den Daten an d verglichen (offene Kreise). Die Daten stam-
men aus [107].

beschrieben werden.

7.2.3 Impulsdifferentieller Querschnitt

In Abbildung 7.10 sind die impulsdifferentiellen Wirkungsquerschnitte fiir die inklusi-
ve m-Produktion an den Kerne Ca, Nb und Pb fiir verschiedene Photonenergien zu
sehen (durchgezogene Histogramme). Wir zeigen hier nur die Rechnung mit dem Pis3-
Spreading-Potential. Da wir {iber keine Informationen iiber den kohérenten Beitrag zu
den Impulsspektren verfiigen, zeigen wir nur Energiebins oberhalb von 400 MeV. Die
Ubereinstimmung mit den Daten ist sehr gut, besonders die funktionale Abhéingigkeit
wird wiedergegeben. Fiir Calcium sind auch Ergebnisse der Rechnungen ohne FSI zu
sehen (gestrichelte Histogramme). Hier zeigt der Vergleich mit den Deuteron-Daten
(offene Kreise), daf die Verteilungen sehr dhnlich sind. Zum anderen wird der offen-
sichtliche starke Einflufl der FSI deutlich. Es zeigt sich, dafl Pionen mit Impulsen zwi-
schen 300 und 500 MeV stark absorbiert werden. Wie schon in [20] diskutiert, liegen
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Abbildung 7.11: Koeffizient « fiir den iiber den E.-Bereich von 400-800 MeV gemittel-
ten impulsdifferentiellen Querschnitt zur inklusiven 7%-Produktion. Die durchgezogene
bzw. gestrichelte Linie entspricht der Ps3-Modifikation durch das Spreading-Potential
oder die Oset-Breite. Die Daten stammen aus [107].

solche Pionen im Bereich der Pj3(1232)-Resonanz, jedoch werden sie nicht vollstandig
durch Kollisionsmechanismen wie P33N — NN absorbiert. Der Peak unterhalb von
pr = 200 MeV beinhaltet daher nicht nur Pionen, die in der elementaren Reaktionen
mit solchen Impulsen produziert wurden, sondern auch Pionen, die urspriinglich einen
hohen Impuls hatten, aber absorbiert und mit kleinerem Impuls re-emittiert wurden.
Rechnungen haben in diesem Zusammenhang ergeben, dafl je nach Photonenergie ein
Drittel bis die Halfte der Pionen, die letztenendes in diesem Impulsbereich beitragen,
ein- oder mehrfach absorbiert worden sind.

Die Form der Impulsspektren wird durch Reaktionsketten in den F'SI dominiert und
somit sensitiv auf die Giite der FSI. Aufgrund der Ubereinstimmung der Spektren fiir
das Deuteron und verschiedene Kerne mit den Daten kénnen wir schlieflen, daf3 sowohl
Input als auch FSI im Rahmen des BUU-Modells sehr gut beschrieben werden.

In [107] wurden die Daten zum differentiellen Wirkungsquerschnitt do/dp, iiber
den Photonenergiebereich von 400-800 MeV gemittelt und in jedem Impuls-Bin fiir
alle Kerne an eine Funktion o< A® gefittet. Dieser Koeffizient ist grob gesprochen ein
Maf fiir die Stérke der Absorption der Pionen im Kern: Betriagt a ~ 2/3, so ist die
Pionenausbeute proportional zur Kernoberfliche und daher die FSI sehr stark. Im Fall
a ~ 1 tragt der ganze Kern zur Produktion bei und die FSI miissen schwach sein.
In Abbildung 7.11 wird dieser Koeffizient gezeigt. Der Verlauf als Funktion von p,
héngt dabei nur schwach von dem Photonenergiebereich ab, iiber den gemittelt wurde
[112]. Die Daten steigen zunéchst bis p, ~ 100 MeV auf etwa eins an und fallen
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dann bis p, ~ 200 MeV auf etwa 2/3, um dann konstant zu bleiben. Die Kurven
zeigen die Fits an die BUU-Resultate, wobei beide Ps3-Modifikationsszenarien in etwa
iibereinstimmen. Es zeigt sich, daf sie im Bereich um 100 MeV die Daten unterschétzen.
Dies konnte ein Hinweis darauf sein, daf§ die neutralen Pionen in diesem Impulsbereich
zu stark absorbiert werden. In dem Bereich p, ~ 100 MeV wurde jedoch etwa die
Hilfte der detektierten Pionen ein- oder mehrfach reabsorbiert, so dafl ein gewisser
Teil bei der ersten Produktion einen anderen Impuls hatte. Das bedeutet, dafl die
Interpretation der Grofle o als Mafl der Absorption von Pionen bestimmten Impulses
ist in diesem Bereich nicht unmittelbar gegeben ist. Die Unterschétzung der Daten
kann also neben der zu starken Absorption solcher Pionen auch durch ein Defizit in der
Sekundérproduktion verursacht werden. Aufgrund der Tatsache, daf} leichte Kerne wie
Kohlenstoff im Rahmen des BUU-Modells am untersten Rand der betrachtbaren Kerne
liegen und die bisherigen Ergebnisse zur 7%-Produktion im Vergleich zu den Daten und
schwereren Kernen schlechter sind, haben wir die Fits ohne Kohlenstoff wiederholt, was
sich jedoch nicht auf die Ergebnisse ausgewirkt hat.

7.2.4 Subtrahierte Wirkungsquerschnitte

In [113] wurde das unterschiedliche Skalierungsverhalten verschiedener Kanéle zur 7°-

Photoproduktion untersucht. Wiahrend die Daten zu den exklusiven 7%-Kanilen al-
le mit A% skalieren, gilt dies nicht fiir den inklusiven 7°-Querschnitt. Dazu wur-
de der Wirkungsquerschnitt opeutra betrachtet, der — anders als der inklusive 7°-
Wirkungsquerschnitt — keine 7%-Multiplizitéiten (siche Kapitel 7.1) beinhaltet und als
Querschnitt fiir die Reaktionen, in der sich mindestens ein 7° oder 7 im Endzustand

befindet, gegeben ist durch
Oneutral = Ox0 + O 7070 + O nOn+ + On, (78>

wobel o0 der Ein-Pion- (nicht der Single-7"-), 0050 zo,+ der Zwei-Pion- und o, der
Eta-Querschnitt ist. Von diesem Querschnitt werden nun alle exklusiven Beitréige mit
neutralen Pionen oder Etas (also Single-7°, 7°7°, 707, ), die experimentell mit A%/3
skalieren, abgezogen. Man erhélt dann eine Grofle, die von in oberflichennahen Berei-

chen produzierten Teilchen herriihrt:
05 = OSingle-n® + Or070 + Orort + 0y (7.9)
und einen Restanteil, der die Skalierung des Wirkungsquerschnitts (7.8) zerstort:
Oy = Oneutral — Os & 00, (7.10)

wobei in 60 die Pionen enthalten sind, die nicht als Single-7° akzeptiert wurden (siehe
Abschnitt 7.2.2). Beide Grofien hingen demnach von der Wahl des Missing-Energy-
Cuts ab.

In den Abbildungen 7.12 und 7.13 sind die Resultate fiir die Wirkungsquerschnitte
os und o, zu sehen. Die durchgezogenen und gestrichelten Linien zeigen die Resultate
zu den verschiedenen P33-Modifikationen mit Es > 0, die gepunkteten Linien zeigen
den EinfluB des Cuts Fpss > —5 MeV. Uber den Single-m’-Querschnitt ist der Beitrag
der kohédrenten Pionen auch in o, enthalten. Dies wurde in den Rechnungen durch
Addition beriicksichtigt.
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Abbildung 7.12: Wirkungsquerschnitt o, der Beitrige zur 7%-Produktion, die mit der
Kernoberfldche skalieren. Die Kurven zeigen die Rechnungen mit dem Spreading-
Potential und der Oset-Breite fiir die P33(1232) und das Ergebnis des Cuts Eyiss > —5
MeV. Die Daten stammen aus [107].

Fiir Energien bis E, ~ 0.4 GeV besteht o, aus dem Single-7%-Querschnitt, so dafl
diese GroBe dieselbe Struktur aufweist (sieche Abschnitt 7.2.2), insbesondere die feh-
lenden Beitrage oberhalb des ersten Resonanzpeaks bei den schwereren Kernen. Bei
grofferen Energien liegen die Rechnungen bei gréferen Kernen in den Daten. Der Ein-
flul des Cuts s > —5 MeV vergroflert den Querschnitt im ersten Resonanzbereich
(im Maximum bis zu 30 ub), ebenso wie beim Single-m°-Querschnitt. Die Diskrepanz
zwischen der ersten und der zweiten Resonanzregion bleibt im wesentlichen bestehen.

o, beinhaltet bei kleinen Photonenergien die Pionen, die nicht als Single-7°-Ereig-
nisse akzeptiert wurden. Es zeigt sich eine Peakstruktur zwischen 300 und 400 MeV, die
bei leichten Kernen zu einer deutlichen Uberschitzung der Daten fiihrt, bei schwereren
Kernen jedoch wird der Anstieg der Daten durch die Rechnung mit dem Spreading-
Potential beschrieben. Im Energiebereich zwischen 400 und 600 MeV fehlt Stérke, die
vermutlich auf die Multi-Nukleon-Absorptionsprozesse der Photonen (Kapitel 7.2.1)
zuriickgeht. In der zweiten Resonanzregion liegen die Rechnungen leicht oberhalb der
Daten. Die gepunkteten Kurven zeigen, dafl der Einflu} des Missing-Energy-Cuts auf
0, grofler ist. Das hingt damit zusammen, dafl dieser Wirkungsquerschnitt etwa nur
halb so grof} ist wie os. Besonders bei grolen Kernen liegen die Rechnungen im ersten
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Abbildung 7.13: Wirkungsquerschnitt o, der Beitrige zur 7%-Produktion, die nicht mit
der Kernoberfliche skalieren. Die Kurven zeigen die Rechnungen mit dem Spreading-
Potential und der Oset-Breite fiir die P33(1232) und das Ergebnis des Cuts Eyiss > —5
MeV. Die Daten stammen aus [107].

Resonanzbereich deutlich unterhalb der Daten.

In [113] werden die Wirkungsquerschnitte oyeutral, 05 und o, analog zur Impulsver-
teilung an eine Funktion oc A* angepaBt. Es zeigt sich, daB o, etwa mit A%® und o,
etwa mit A% (abhiingig von E.) skaliert. Da sich oyeutral aus diesen beiden Anteilen
zusammensetzt, ist hier « = 0.7 —0.8. In Abbildung 7.14 vergleichen wir die Daten mit
den BUU-Rechnungen, die dieses Skalierungsverhalten offenbar nicht wiedergeben. Es
ist interessant zu beobachten, dafl die Kurven in allen drei Féllen konsistent in etwa
identischem Abstand unterhalb der Daten liegen. Wir haben schon im Zusammenhang
mit den Impulsverteilungen in Abbildung 7.11 gesehen, dafl im Bereich kleiner Pionen-
impulse der Koeffizient « kleiner ist als durch die Daten gegeben. In der Tat liegen die
mit BUU extrahierten Werte immer unterhalb der experimentell bestimmten, wobei
die funktionale Abhéngigkeit von E, immer beschrieben werden kann. Wir wollen be-
tonen, dafl sich das Skalierungsverhalten der BUU-Resultate auch nicht &ndert, wenn
wir nur die schweren Kerne Nb und Pb betrachten.
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Abbildung 7.14: Skalierung der Wirkungsquerschnitte o,, opeutral Und og. Die offenen
Symbole zeigen die experimentellen Daten aus [113], die gefiillten die BUU-Resultate
unter der Verwendung des Missing-Energy-Cuts Eyis > 0 MeV aus Abschnitt 7.2.2.

7.3 Eta-Photoproduktion am Kern

7.3.1 Einflufl der Kollisionsreaktionen und des Potentials

Die Eta-Photoproduktion am Kern bietet eine der wenigen Moglichkeiten, die Me-
diumeigenschaften einer Resonanz direkt zu studieren. Zum einen 148t sich die Eta-
Produktion am Nukleon im Vakuum im Energiebereich von der Nn-Schwelle bis 1 GeV
durch die Anregung einer S11(1535) beschreiben (Kapitel 4.7.6); im Gegensatz zur Pio-
nenproduktion gibt es keine Uberlagerung von Beitriigen verschiedener Resonanzen und
Untergrundbeitrége bzw. Kanile wie es z.B. mit den Ein- und Zwei-Pionen-Kanélen in
der zweiten Resonanzregion der Fall ist. Am Kern ist die Hauptquelle der Etas dement-
sprechend ebenfalls die Sy;. In [35] wurde die Eta-Photoproduktion am Kern bereits
im Rahmen dieses Modells untersucht. Dort wurde gezeigt, dafl die Etas fast aus-
schlieflich aus dem Zerfall der in der priméren Photon-Nukleon-Reaktion angeregten
S11-Resonanzen stammen und sekundéire Quellen fast bedeutungslos sind. Einerseits
tragen keine Pionen bei, da sie bei der Wiederanregung einer S7; in den FSI nur Reso-
nanzen mit Massen unterhalb der Nn-Schwelle produzieren konnen. Zum anderen ge-
hen viele durch Resonanzanregung absorbierte Etas verloren, da der Sy;-Zerfall zu mehr
als 50% in andere Kanéle erfolgt. Die Eta-Photoproduktion ist also abgesehen von der
Absorption weniger stark durch die FSI beeinflu3t als etwa die Pion-Produktion. Der
gliickliche Umstand, dal man hauptséchlich auf die zuerst produzierten Sy;-Resonanzen
sensitiv ist, verspricht einen maximalen zu erwartenden In-Medium-Effekt, da durch
Resonanzanregungs- und -zerfallsketten in den FSI die Sensitivitédtsregion tendenziell
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Abbildung 7.15: Vergleich der Onshell-Resultate fiir die Kollisionsbreiten von Post [33]
und Kollisionsraten fiir verschiedene Dichten als Funktion des Resonanzimpulses.

nach auflen (d.h. zu kleineren Dichten) verschoben wird.

Fiir die Eta-Photoproduktion am Kern gibt es Daten von der TAPS-Gruppe an
MAMI fiir C, Ca, Nb und Pb in der Schwellenregion von E. = 600 — 800 MeV [114]
und an KEK fiir C, Al, Cu [115, 116] bei hoheren Photonenergien bis 1 GeV.

Aufgrund im Vergleich zu [35] verdnderten Resonanzparametern haben wir in [117]
die Rechnungen wiederholt und zusétzlich die S1;-Mediummodifikationen von Post [33]
(siche Kapitel 6.1.2) beriicksichtigt. Dabei machen wir von dem Tatsache Gebrauch,
daB diese Kollisionsbreiten auf der Resonanz mit den BUU-Kollisionsraten iiberein-
stimmen. Dies ist in Abbildung 7.15 fiir p = 0.5py und py veranschaulicht, wo die
Onshell-Breiten als Funktion des Resonanzimpulses zu sehen sind. Im Energiebereich
von E, = 0.6—1 GeV nimmt der Resonanzimpuls (abgesehen von der Fermi-Bewegung)
etwa dieselben Werte an. Die Kurven fiir die Kollisionsbreiten und -raten zeigen un-
terschiedliche Verlaufe. Wahrend die Kollisionsraten in ihrem Verlauf im wesentlichen
durch Gleichung (6.3) bestimmt werden, sind die Kollisionsbreiten aus [33] fiir Impulse
oberhalb von 0.3 GeV fast konstant. Jedoch sind beide im Impulsbereich pr = 0.6 — 1
GeV sehr dhnlich, weshalb wir die Kollisionsbreiten implementieren kénnen, ohne an
den Absorptionsreaktionen fiir die Sj; etwas dndern zu miissen. Die stiarkeren Abwei-
chungen bei kleinen Impulsen sind ohne Relevanz.

Die In-Medium-Verbreiterung der Sy;(1535) ist mit etwa 30 MeV bei p = py zu
klein, um experimentell beobachtbar zu sein. Dies zeigen auch die Modelluntersuchun-
gen in Kapitel 6.3. Dort findet man fiir I'y = 30 MeV fiir die Eta-Produktion eine
Verbreiterung von I'; 5 = 10 MeV und eine Reduktion des Querschnittmaximums von
etwa 15%. Allerdings gilt dies nur unter der vereinfachenden (und nach Kapitel 6.1.2
nicht zutreffenden) Annahme, dafi die gesamte Kollisionsbreite absorptiven Prozessen
entspricht.
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Abbildung 7.16: Resultate fiir die Reaktion YA — nX an verschiedenen Kernen. Die
gestrichelten und durchgezogenen Kurven entsprechen den Potentialen (H) und (MM).
Die gepunkteten Kurven beinhalten die mediummodifizierten Breiten fiir die S11(1535).
Die Daten stammen aus [114] (Kreise) und [115, 116] (Quadrate).

In Abbildung 7.16 zeigen wir die Resultate fiir die Reaktion vA — nX fiir ver-
schiedene Kerne und vergleichen mit den TAPS- und KEK-Daten. Letztere wurden
aus winkeldifferentiellen Wirkungsquerschnitten durch Integration iiber den Bereich
0° < ¥ < 90° gewonnen, wohingegen die TAPS-Daten wie auch unsere Rechnun-
gen den gesamten Winkelbereich abdecken. Da der Hauptbeitrag von Winkeln kleiner
als 90° geliefert wird, sind die BUU-Kurven mit dieser Einschréankung nur maximal
3% Kkleiner. Die gestrichelten und durchgezogenen Kurven entsprechen dem impulsun-
abhéngigen Potential (H) bzw. impulsabhéngigen Potential (MM) aus Kapitel 4.2 und
zeigen den inkohérenten Beitrag. Im Gegensatz zu den Pionen ist der Querschnitt der
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kohédrenten Eta-Mesonen mit ~ 1 nb [118] so klein, daf er vernachldssigt werden kann.
Die Rechnungen beinhalten alle Mediumeffekte einschliellich FSI, jedoch werden in
den Wirkungsquerschnitten (4.42) und (4.34) fiir die YN — Sy; und nN, 7N — Si;-
Reaktionen Vakuumbreiten verwendet.

Die Kurven (MM) sind im Vergleich zu den Kurven (H) um 50 — 70 MeV zu hoher-
en Photonenergien verschoben. Das l&t sich wie folgt verstehen: In der Reaktion
yN — S wird die invariante Masse /s (d.h. die effektive Masse der entstehenden
Resonanz) allein durch die Kinematik von Photon und Nukleon sowie dessen Poten-
tial bestimmt. /s ist fiir beide Nukleon-Potentiale (H) und (MM) im wesentlichen
identisch und insbesondere unabhéngig vom Potential der Resonanz. Das impulsun-
abhéngige Potential (H) ist fiir das einlaufende Nukleon und die auslaufende Resonanz
gleich. Die Resonanzmasse ergibt sich aus der CM-Energie /s des yN-Paares, indem
man das Resonanzpotential subtrahiert:

pg = /s — UL,

Hierbei ist UY das effektive skalare Resonanzpotential, das wie in Kapitel 5.10 be-
schrieben aus der Resonanzenergie Er = E, + Ey bestimmt wird. Im Falle des im-
pulsabhéingigen Potentials (MM) ergibt sich ein anderes Bild: Fiir Photonenergien von
etwa 800 MeV hat die auslaufende Resonanz einen Impuls von ebenfalls etwa 800 MeV.
Fiir solche Werte verschwindet das Potential allerdings (siche Abbildung 4.1) und wir
erhalten eine Resonanzmasse piyry = /s, die kleiner ist als pupy:

e = Vs = pr — UL

Die Maxima der Kurven in beiden Szenarien sind um einen Wert von etwa |[U |, der
bei 50—70 MeV liegt, gegeneinander verschoben. Derselbe Effekt ergibt sich im iibrigen
auch fiir die D;3(1520), die in demselben kinematischen Bereich liegt, und wurde in [20,
21] im Zusammenhang mit der inklusiven 7%-Produktion in der zweiten Resonanzregion
diskutiert.

Die Resultate (H) iibersteigen die TAPS-Daten an der Schwelle und weisen eine
Verschiebung des Maximums relativ zu dem von den KEK-Daten angedeuteten auf.
Dagegen liegen die Kurven (MM) an der Schwelle knapp unterhalb der Daten, stimmen
aber sehr gut mit den KEK-Daten bei hoheren Energien iiberein und reproduzieren die
Lage des Peaks.

Im Gegensatz zum Potential ist der Einflul der Kollisionsverbreiterung nur gering.
Dies zeigen die gepunkteten Kurven, die den Effekt der konsistenten Verwendung der
S11-In-Medium-Breiten in den Querschnitten (4.42) und (4.34) veranschaulichen. Le-
diglich eine geringe Reduktion um die Maxima ist zu beobachten.

In Abbildung 7.17 wird der Einfluf} der Kollisionsreaktionen auf den Prozefl v 2C —
nX anhand von vier Szenarien diskutiert. Die gestrichelte Kurve zeigt die Rechnung oh-
ne FSI, die strichgepunktete beinhaltet FSI bis auf die Kollisionsreaktionen S;3;N — X
und zeigt daher den Einflul der direkten Etaabsorption iiber die Resonanzanregung. In
beiden Rechnungen verwenden wir in den Resonanzproduktionsquerschnitten Vakuum-
Breiten. Die durchgezogene Kurve korrespondiert zu den durchgezogenen Linien in
Abbildung 7.16. Die gepunkteten Kurven beinhalten die vollen In-Medium-Breiten in
diesen Querschnitten und entsprechen den gepunkteten Kurven in Abbildung 7.16. Man
sieht deutlich, daf§ der Haupteffekt durch die direkte Etaabsorption durch nN — Sy
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Abbildung 7.17: Einflu8 der In-Medium-Modifikation auf die Eta-Photoproduktion an
Kohlenstoff mit dem Potential (MM). Die gestrichelten Kurven zeigen des Ergebnis oh-
ne FSI, die strichgepunktete Kurve beinhaltet alle FSI aufler S;;-Kollisionsreaktionen.
Die durchgezogene Linie beinhaltet alle FSI und Vakuumbreiten in den Querschnit-
ten fiir die Sq;-Anregung. Die gepunktete Kurve beriicksichtigt die vollen In-Medium-
Breiten in diesen Querschnitten.

zustandekommt, wohingegen die Auswirkung der S;-In-Medium-Effekte klein ist. Das
ist nicht iiberraschend, da die mittlere freie Weglénge A einer S7; bei Dichte pg etwa 3
fm betrégt (im Vergleich dazu ist fiir ein Eta A < 1 fm), wohingegen der RMS-Radius
von Kohlenstoff 2.5 fm betragt.

In [115] wurde ein QMD-Modell zur Berechnung der Eta-Photoproduktion an Koh-
lenstoff angewendet. Neben dem trivialen Einflul von Fermi-Bewegung und Pauli-
Blocking wurde dort ein starker Effekt durch Kollisionsreaktionen der S1; gefunden, im
Gegensatz zu unseren Ergebnissen. In [119] gelingt es den Autoren, die KEK-Daten an
Kohlenstoff zu beschreiben unter der Annahme, dafl sowohl skalares als auch Vektor-
potential der Sy; verschwindet. Jedoch wurden die Rechnungen in Kernmaterie durch-
gefithrt und die Eta-FSI durch einen konstanten Absorptionsfaktor modelliert; beides
sind recht zweifelhafte Annahmen. Dennoch stimmt das Hauptergebnis dieser Arbeit
recht gut mit unseren Resultaten fiir das impulsabhéngige Potential iiberein: Skalares
Potential Ug und Vektorpotential Uy gehen im LRF in die Ein-Teilchen-Energie des
Nukleons wie folgt ein:

E=+/(my—Us)2+p2+Uy=/m} +p2+ V.

Der letzte Ausdruck stellt die in BUU verwendete Ein-Teilchen-Energie aus Gleichung
(4.14) mit dem Mean-Field-Potential V' dar. Im nichtrelativistischen Grenzfall ent-
spricht V' der Differenz aus skalarem Potential und Vektorpotential. Dies gilt auch
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Abbildung 7.18: Unterschiedliche Resonanzlebensdauern als Funktion der Resonanz-
masse pr im Ruhesystem der Resonanz. Die gepunktete Kurve zeigt den inversen
Modifikationsfaktor fiir die S7;-Wirkungsquerschnitte. Die Breite I' ergibt sich aus der
Summe von Vakuumzerfallsbreite und einer Kollisionsbreite von 15 MeV, die nach
Kapitel 6.1.2 einem realistischen Wert bei halber Kerndichte entspricht.

im Falle der S;(1535), fiir die wir von demselben Potential V' ausgehen. Der fiir die
Beschreibung der Daten notwendige Effekt wird durch das Verschwinden des impulsab-
héngigen Potentials (M) fiir £, ~ 0.8 GeV verursacht. Das ist natiirlich sofort erfiillt,
wenn Ug und Uy jeweils verschwinden.

7.3.2 Auswirkungen der Si;-Lebensdauer

In Kapitel 4.5.2 haben wir die Behandlung der Lebensdauer von Resonanzen aus [64]
angesprochen. Wir sind auch auf die Arbeit [77] eingegangen, in der keine Auswirkun-
gen auf die erste Resonanzregion in Schwerionenkollisionen und der Pionabsorption
gefunden wurden. Wir kehren nun zu dieser Diskussion zuriick und betrachten die Le-
bensdauer der S11(1535) in der Eta-Photoproduktion am Kern. Hier kénnen wir wieder
davon Gebrauch machen, dafl der n-Si;-Sektor in der Reaktion am Kern im wesentli-
chen eigensténdig ist und es daher ausreicht, nur die Lebensdauer der S1;-Resonanz zu
modifizieren. Der Nn-Zerfallskanal der S11(1535) hat besondere Eigenschaften, die im
Hinblick auf die Lebensdauerdiskussion interessant sein konnten.

In Abbildung 7.18 betrachten wir die Ausdriicke fiir die Lebensdauer
1
=g und T =2EA, (7.11)

wobei wir fiir I' die totale Breite der Sq; verwenden, die auch in die Spektralfunktion
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A eingeht. Die gestrichelte Linie zeigt 71, wobei der Knick durch die Offnung des N7-
Kanals verursacht wird. Die durchgezogene Kurve fiir 7 erreicht ihr Maximum fiir
ur = 1.534 GeV knapp oberhalb dieser Schwelle, wo 7 stark abfillt. Damit liegt =
fast immer oberhalb von 71, an der Polmasse etwa um einen Faktor zwei. Der Umstand,
dafl das Kurvenmaximum und damit die maximale Lebensdauerdifferenz zwischen 74
und 75 so nahe an der Nn-Schwelle liegt, konnte sich im Schwellenverhalten der Eta-
Produktion etwa in Photon-Kern-Reaktionen auswirken. Im Fall der P33(1232) liegt
die Nm-Schwelle mit etwa 150 MeV weit starker vom Maximum der Lebensdauer 7
entfernt. In Kapitel 4.5.2 wurde argumentiert, daf§ aus Konsistenzgriinden neben der
Lebensdauer auch die Wirkungsquerschnitte mit einlaufender S;; zu modifizieren sind,
was in einer Ersetzung

g —
T5N—X — 7(?N72)X (7.12)

resultiert. Nahe der Polmasse der S11(1535) ist dieser modifizierte Wirkungsquerschnitt
— wie auch bei der P33(1232)-Resonanz [77] — kleiner als 0, y—.x. Der Nenner in (7.12)
ist als gepunktete Linie ebenfalls in Abbildung 7.18 zu sehen. Der Wirkungsquerschnitt
fiir die S11-FSI ist im Bereich des Resonanzmaximums fiir die modifizierte Lebensdau-
er etwa um einen Faktor zwei kleiner. Im Falle der Untersuchungen in [77] war die
Reaktion P33sN — NN der einzige Mechanismus, der zur Absorption der Pionen bei-
tragen konnte; eine Erhohung der Lebensdauer allein fiihrte daher auch zu stéarkerer
Pionabsorption. Fiir die Etaabsorption ist die Reaktion S11N — NN jedoch nach den
Erkenntnissen aus dem letzten Abschnitt von weniger grofler Bedeutung, der Haupt-
absorptionsmechanismus ist die Resonanzwiederanregung durch die Eta-Mesonen mit
anschliefendem Zerfall in andere Kanéle. Eine Vergroflerung der Si;-Lebensdauer be-
wahrt die in den Resonanzen ’enthaltenen’ Etas also eher davor, absorbiert zu werden,
denn je linger die Resonanzen leben, umso geringer sind die Dichten am Zerfallsort, was
die Wahrscheinlichkeit einer Reabsorption reduziert. Die Vergroflerung der Lebensdauer
von 1.3 auf 2.7 fm/c am Resonanzmaximum ist jedoch absolut gesehen nicht besonders
grof. Wird auch der Wirkungsquerschnitt fiir 533NV — X abgesenkt, wirkt das (wie im
Falle der Ps3/Pionen) der Absorption entgegen. Fiir die Eta-Mesonen heben sich also
die beiden Effekte nicht wie bei den Pionen gegenseitig auf, sondern wirken eher in die
gleiche Richtung.

In Abbildung 7.19 sehen wir den Einflufl der Lebensdauer-Vorschriften 71 und 7
auf die Eta-Photoproduktion an Calcium. Die durchgezogene Kurve entspricht dem
Ergebnis aus Abbildung 7.16 ohne Modifikationen fiir das Potential (MM) fiir das Sze-
nario 77. Betrachten wir nur die Lebensdauer 75 ohne zusétzliche Verdnderung der Sy;-
Wirkungsquerschnitte (gepunktete Kurve), so liegt diese leicht oberhalb. Dies bestétigt
die Vermutung, dafl die blofle Lebensdauer-Verlangerung im Gegensatz zum 7-Ps3-
Sektor der Absorption entgegenwirkt. Die durch die Modifikation von og,,n_x e€in-
hergehenden expliziten Verringerung der Absorption wird durch die gestrichelte Kurve
veranschaulicht und fiihrt zu einer weiteren, weitaus starkeren Erhéhung der Rechnung
am Kern, so daf§ der Abstand zu den TAPS-Daten [114] reduziert wird. Der Effekt ist
nahe des Resonanzmaximums am deutlichsten.

Die unterschiedlichen Lebensdauerszenarien schlagen sich auch in der zeitlichen
Entwicklung der S1;(1535)-Resonanzen und Eta-Mesonen nieder. Dies ist in Abbildung
7.20 am Beispiel der Reaktion v *°Ca — nX fiir E., = 0.85 GeV zu sehen. Im Zeitbereich
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Abbildung 7.19: Resultat der BUU-Rechnungen mit den Lebensdauer-Vorschriften
71 und 7y fiir die Reaktion v%°Ca — nX (durchgezogene und gepunktete Kurven).
Die gestrichelte Linie ergibt sich, wenn zusétzlich zur Lebensdauer auch der Si;-
Wirkungsquerschnitt modifiziert wird. Die Daten stammen aus [114].

bis etwa 8 fm/c zerfallen die S1; mit der Lebensdauer 7, langsamer. Dadurch wird die
leichte Erhebung in den Eta-Zahlen fiir die 7-Rechnung zu diesen Zeiten deutlich
reduziert. Die gepunktete Kurve ohne Modifikation des S;-Querschnitts hebt sich in
diesem Bereich durch die geringere Si;-Absorption etwas von der gestrichelten Linie
ab. Der weitere Verlauf ist ab t ~ 10 fm/c etwa fiir alle Kurven identisch.

7.4 Elektroproduktion

7.4.1 Berechnung des Wirkungsquerschnitts

Wie in Kapitel 4.7.7 beschrieben, gehen wir davon aus, dal das gestreute Elektron
mit dem Kern durch den Austausch eines einzelnen Photons wechselwirkt. Es kénnen
daher dieselben Annahmen gemacht werden wie im Fall reeller Photonen. Experimentell
gemessen wird der Wirkungsquerschnitt der eA-Reaktion, so dal wir fiir diese und nicht
fiir die v*A-Reaktion den Wirkungsquerschnitt analog zu Gleichung (7.1) berechnen:

do U0cA—BX

d3
dQdE

dUeN—>e’X
(1.p) — o Ms: (7.13)

Kern

Die Wirkungsquerschnitte am Nukleon in diesem Ausdruck miissen ebenfalls im La-
borsystem bekannt sein und dazu aus dem Ruhesystem des Nukleons, in dem sie in
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Abbildung 7.20: Zeitliche Entwicklung der Teilchenzahlen fiir die S1;(1535) und Eta-
Mesonen in der Reaktion v%Ca — nX fiir E, = 0.85 GeV.

Kapitel 4.7.7 parametrisiert wurden, transformiert werden. Dazu verwenden wir das
in [66, 21] beschriebene Rezept. Die Eigenschaften des gestreuten Elektrons E, E’ v
und damit die kompletten Elektron- und Photon-Viererimpulse sind im Laborsystem
bekannt und werden in das Ruhesystem des jeweiligen Nukleons Lorentz-transformiert,
wo die Wirkungsquerschnitte der eN — X-Reaktion nach Gleichung (4.44) berechnet
werden. Wir machen dann unter Vernachléssigung der Elektronenmasse Gebrauch von
der Lorentz-Invarianz des Ausdrucks d®p’/E’' = dE'E'dS) fiir das auslaufende Elektron

und erhalten g - p
OeN—e' X _ j.Nuk Lab OeN—e' X : (714)
dQdE" ). Jrab Bl \ dQAE )
wobei die Bezeichnungen 'Nuk’ und 'Lab’ das Ruhesystem des Nukleons und das La-
borsystem meinen und jnuk, jrap die FluBifaktoren der einlaufenden Elektronen sind.

Laut Kapitel 5.9.1 werden die Wirkungsquerschnitte am Nukleon als Funktion der
'freien” CM-Energie /s, berechnet. Diese ergibt sich fiir zwei Teilchen a und b durch
den Ausdruck

\/gfree = \/mtzz +p%M + \/ml% _'_p%M? (715)

wobei der CM-Impuls der beiden Teilchen im Medium ist. Fiir virtuelle Photonen
darf man hier nicht einfach m? durch —Q? ersetzen. Wir zeigen nun, dafl dies unter
Umsténden auch im Vakuum zu falschen Resultaten fithren kann und betrachten den
Fall eines virtuellen Photons, das mit einem Nukleon in Ruhe wechselwirkt. Dann gilt
mit den Vierervektoren im Laborsystem

Py = (E’ya()?O’ ’ﬁ’yl)a PN = (mN707070)
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fiir den Lorentz-Boost in das gemeinsame CM-System:

|ﬁ,y’ 1 . E7+mN

BZE’y_‘_mNa 8 /71—62_ \/g

mit s = m3 — Q* + 2E,my. Die totale CM-Energie erhilt man aus der Lorentz-
Transformation:

Edy = Eey + EévM = (B, — Blp5|) + ymn.
Der zweite Term EZX); ergibt 1/m3% + p2y, denn mit dem CM-Impuls

2 (s —m% + Q)% +4m%,Q?  4EIm} +4m3Q>  mi(E2 +Q7)
CM — - -
4s 4s S

ergibt sich

m E, +m
\/m%v + Peu = TZ m%v_QQ‘i‘QEva‘i‘E'%—FQQ:%WN:WTLN.

Den Ausdruck E,; schreiben wir um:

’ 2

Ey +my (E I _ Eymy —@Q°
. = :

Vs —E'y"i‘mN Vs

Offenbar wird diese GroBe negativ, wenn E,my < Q% Dies ist im Falle raumartiger
Vierervektoren moglich, denn es gibt immer ein Inertialsystem, in dem die nullte Kom-
ponente negativ ist. Auch die physikalische Bedingung an ein Streuereignis, ndmlich
dafl das Bjorken-x immer kleiner als eins bleiben muf}, verhindert nicht, daf§ die CM-
Energie des virtuellen Photons negativ werden kann:
2 2
@ L 0
2E. my E my

By = (B, = Blp, ) = ) (7.16)

I'Bj <2,

d.h. der Fall Q* > E my wird durch die erste Bedingung nicht ausgeschlossen.
Wir formen Gleichung (7.16) weiter um:

1
Eéy = i% \/(Eme —@Q?)?

1
—+ NE \/ E2mi + Q' — 2E,my@Q* + m{Q* — mi,Q?

= +4/—-Q% + piy-

Das bedeutet, wir erhalten fiir die CM-Energie im Vakuum im wesentlichen den Aus-
druck (7.15), wobei jedoch fiir raumartige Teilchen das Vorzeichen geeignet zu wéhlen
ist. Wir haben also

Vs = \/m?v +péu \/—Q2+p%M-



162 7. Photon- und elektroninduzierte Reaktionen am Kern

5 T T T T T
- - - - korrekter Ausdruck Vakuum
D E— \/(m2N+pZCM)+\/(_Q2+p2CM) Q2 = 3.6 GeV?
- 2 2 2 4
— 3k ——A=s-m-2p,+Q
>
[} L
S,
< 2r
';‘ E
$ 1t
(%2} L
=
0
_1 1 " 1 " 1

3 4 5 6
E, [GeV]

Abbildung 7.21: Diskussion des korrekten Ausdrucks fiir die CM-Energie (gestrichelte
und gepunktete Linien). Die durchgezogene Kurve stellt das Kriterium fiir den Vorzei-
chenwechsel dar.

Die Bedingung fiir den Vorzeichenwechsel E,my = Q? koénnen wir auch schreiben als
A=s—m3 + Q% —2py = 0. (7.17)

Diese Gleichung ist universeller und gilt auch, wenn das Nukleon nicht ruht (da pcy
nur Lorentz-invariante GroBen enthélt).

In Abbildung 7.21 zeigen wir als Beispiel die Situation im Vakuum fiir Q? = 3.6
GeV?2. Die gestrichelte Kurve zeigt das korrekte Ergebnis fiir /s, wohingegen sich die
gepunktete Kurve aus Gleichung (7.15) mit m, = my und m? = —Q? ergibt. Die
durchgezogene Linie stellt das Vorzeichenkriterium A aus Gleichung (7.17) dar, und
zeigt, dal der Nulldurchgang mit dem Vorzeichenwechsel iibereinstimmt. Bei reellen
Teilchen a, b tritt dieses Problem nicht auf, da die Viererimpulse zeitartig sind.

Wihrend sich im Vakuum das korrekte Ergebnis fiir 1/s durch eine Lorentz-Trans-
formation der Teilchenenergien in das CM-System ergibt, ist dies im Medium nicht
moglich, da der CM-Impuls pey und die freie CM-Energie /s;., nicht zusammen-
gehoren; /s, ist eine konstruierte Grofie. Das verkompliziert auch die Entscheidung,
welches Vorzeichen zu wihlen ist. Die Grofle A lautet im Medium

A =5 —mdy —2ptn + Q7
wobei die effektive Nukleonenmasse meg auch in den CM-Impuls eingeht. Das Vorzei-

chen dieses Ausdrucks bestimmt das relative Vorzeichen der Wurzeln in der CM-Energie
v/s. Wir verwenden dasselbe Vorzeichen auch fiir die freie CM-Energie /sq,....
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7.4.2 Pion- und Etaproduktion bei hohen Impulsiibertrigen

Wir wenden uns nun der Elektroproduktion von Mesonen im Resonanzbereich zu.
Durch das ausgetauschte virtuelle Photon haben wir im Vergleich zu photoninduzier-
ten Reaktionen einen zusatzlichen Freiheitsgrad in der Kinematik, so dafl Photonimpuls
und -energie unabhéngig voneinander gew#hlt werden kénnen. Das bedeutet, dafl wir
in der Reaktion v*N — R die Resonanz-Selbstenergie iiber den gesamten Impuls- und
Massenbereich untersuchen kénnen. Im Gegensatz dazu ist die Erzeugung etwa einer
S11(1535)-Resonanz mit Masse ugr = 1.535 GeV an einem ruhenden Nukleon durch ein
reelles Photon nur mit einer Energie E., = 0.787 GeV und demzufolge pp = 0.787 GeV
moglich. Diese Bedingung wird am Kern etwas durch die Fermi-Bewegung aufgeweicht.

Wiéhrend wir in der Eta-Photoproduktion (Kapitel 7.3) keine signifikante Verbreite-
rung der S71(1535) gefunden haben, wire es mit Hilfe der Elektroproduktion méglich zu
iiberpriifen, ob sich daran etwas dndert, wenn der Resonanzimpuls vergréfiert wird. Das
gilt natiirlich auch fiir die anderen Resonanzen, die in der Photon-Nukleon-Reaktion
stark hervortreten, bis auf die D3(1520), die mit steigendem Q? schnell an Bedeutung
verliert (siehe Kapitel 4.7.7). Jedoch kann man wie in der Photoproduktion im Fall der
S11(1535) die auch bei endlichem Q% vorhandene und in der zweiten Resonanzregion
fast eindeutige Beziehung n/N < S7; ausnutzen.

Nachdem wir uns in [66, 21] mit der Mesonproduktion von Q% = 0 bis 1 GeV?
beschiéftigt haben, betrachten wir nun Reaktionen bei erheblich hoheren Impulsiiber-
trigen Q®> = 2.4 und 3.6 GeV?. Fiir diese Werte haben wir in Kapitel 4.7.7 die Wir-
kungsquerschnitte am Nukleon fiir alle wichtigen Kanéle parametrisiert. Als Elekton-
energien verwenden wir F = 3.2 und 4 GeV fiir die beiden Q?>-Werte. Eine komprimierte
Version dieses Abschnitts findet sich in [120].

Ein Nachteil von elektroninduzierten Reaktionen ist, daf§ die Wirkungsquerschnitte
der «v* N-Reaktion mit steigendem Q? sinken und gleichzeitig die resonante Ausprigung
abnimmt. Am Kern kommt es zusitzlich zu einer mit wachsendem % immer stéirkeren
Verschmierung der resonanten Beitrédge durch die Fermi-Bewegung. Dies 143t sich ein-
fach verstehen, wenn man die invariante Masse des Photon-Nukleon-Paares betrachtet:

s =miy — Q* + 2B, /m} + py — 24/Q% + E2 p,,

wobei das Photon in z-Richtung einlduft. Die Breite der Verteilung der CM-Energien fiir
Nukleonen im Kern wird durch den letzten Term bestimmt, so dafl sie mit steigendem
@Q?* und E, wiichst. Der Effekt wird dadurch verstirkt, daf man bei einer Vergréfierung
von @Q? auch E, erhdhen muB, um in derselben kinematischen Region zu bleiben. In
Abbildung 7.22 wird der Einflul der Fermi-Bewegung auf die CM-Energie-Spektren der
~*N-Paare fiir die verschiedenen Werte von Q* gezeigt. Die Photonenergie wurde so
gewdhlt, dal eine Resonanz der Masse 1 = 1.535 GeV an einem Nukleon in Ruhe pro-
duziert werden kann und muf} bei héherem Q? grofier gewiihlt werden. Der Einfachheit
halber wurden die Potentiale weggelassen. Wahrend die reellen Photon eine relativ eng
begrenzte Verteilung erzeugen, die sich im wesentlichen auf die zweite Resonanzregion
beschriinkt, dehnen sich die Spektren bei den beiden endlichen Werten von (Q? iiber
den gesamten Resonanzbereich aus. Bei fester Photonenergie wird also ein viel gréflerer
CM-Energie-Bereich abgedeckt als in der Photoproduktion.
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Abbildung 7.22: \/s-Spektren der v* N-Reaktion fiir verschiedene Q2-Werte fiir Nukleo-
nen in Calcium. Die Photonenergien wurden so gewiihlt, daf bei jedem Q% an einem
Nukleon in Ruhe eine Resonanz mit Masse pr = 1.535 GeV erzeugt wird.
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Abbildung 7.23: Impulsspektren der 7° ohne FSI fiir verschiedene Q? an Calcium. Die
Photonenergien sind in der Legende angegeben. Die relative Hohe der Kurven hat keine

Bedeutung.

In Abbildung 7.23 zeigen wir die Impulsspektren der 7° ohne FSI, d.h. die Impulse,
die die Pionen direkt nach ihrer Produktion (durch Untergrundprozesse v*N — N,
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N7 oder Resonanzzerfall) haben. Der maximal mégliche Impuls kann durch eine ein-
fache Betrachtung der Energiebilanz des Prozesses YN — N abgeschétzt werden:

E’y+EF > E’y—i_EN:Eﬂ’—i_E;V zEﬂ—i_EFa
wobei Er die Fermi-Energie am Produktionsort ist. Daraus folgt die Bedingung

Pr 5 E3 - m72r7

die in Abbildung 7.23 erfiillt ist. Die Spektren entsprechen alle demselben kinemati-
schen Bereich und ergeben sich wiederum mit Photonenergien, die am ruhenden Nukle-
on einer invarianten Masse von 1.535 GeV entsprechen. In der Photoproduktion (durch-
gezogene Linie) werden lediglich maximale Impulse von p, = 0.77 GeV erreicht, was
den Grund verdeutlicht, warum so wenige sekundére Etas in Photon-Kern-Reaktionen
produziert werden kénnen: Der minimale Impuls, den Pionen brauchen, um in den FSI
eine Resonanz durch Absorption am Nukleon anzuregen, deren Masse grof3 genug fiir
einen Zerfall in N7 ist, kann durch die Gleichung

s = mi +m7 + 24/ m3 + ph/m2 + p2 + 2peps

abgeschitzt werden und ergibt p, ~ 0.51 GeV. Abbildung 7.23 zeigt, dafl sich die
meisten Pionen im Impulsbereich unterhalb dieses Wertes befinden. Anders ist die
Situation bei endlichem 2, wo ein Grofiteil der Pionen erheblich gréBere Impulse
hat. Damit ist schon jetzt zu erwarten, dafl sich das Verhéltnis zwischen primér und
sekundir produzierten Etas mit steigendem Q2 #ndern wird.

Auch andere in der elementaren Reaktion produzierte Teilchen wie die S11(1535)
kénnen bei endlichem (Q? Impulse von einigen GeV haben. Dies ist in Abbildung 7.24
zu sehen. Das fiithrt dazu, daf viele Kollisionen in den FSI eine CM-Energie oberhalb
der FRITIOF-Schwelle haben, so dafl die Teilchen der Endzustinde und deren Ki-
nematik durch das FRITIOF-Modell bestimmt werden. In den von uns betrachteten
Reaktionen beinhalten die relevanten Endzustédnde hauptsédchlich n und 7’ zusammen
mit Nukleonen, Ps3-Resonanzen und Pionen.

Im folgenden vergleichen wir die Pion- und Eta-Produktion in Photon- und Elektron-
Kern-Prozessen. Fiir einen direkten Vergleich miifiten wir analog zu Reaktionen am
Nukleon einen v*A-Wirkungsquerschnitt berechnen, der im Grenzfall Q* — 0 mit 0.4
iibereinstimmt. Auf der Basis der Hand-Konvention mit dem Flufaktor der Elektro-
nen I', der die invariante Masse der y*N-Paare beinhaltet (siche Gleichung (4.44)),
die am Kern durch die Fermi-Bewegung verschiedene Werte annehmen kann, ist dies
nicht eindeutig moglich. Da die folgenden Diskussionen dariiberhinaus eher qualitati-
ver Natur sind, kénnen wir die Gréfien 0.4 und do.4/dQdE’ vergleichen, ohne daf die
Argumente dadurch beeinflult wiirden.

In Abbildung 7.25 zeigen wir den Einflul der FSI auf die Photo- bzw. Elektro-
produktion von neutralen Pionen und Etas an Calcium. Die Rechnungen beinhalten
das impulsabhéngige Potential (MM) und die In-Medium-Breiten von Oset fiir die
P33(1232) aus Kapitel 6.1.2. Die gestrichelten Linien zeigen das Resultat ohne FSI.
Im Fall der Pionen (linke Spalte) ist die gesamte Resonanzregion dargestellt. Man
sieht, daB anders als in der Photoproduktion bei den hohen Q2-Werten die resonante
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Abbildung 7.24: Impulsspektren der Si;-Resonanzen, die aus der elementaren ~yN-
Reaktion an Calcium stammen, fiir verschiedene Q2-Werte. Die Photonenergien ent-
sprechen in allen Fillen Resonanzmassen am ruhenden Nukleon von pgr = 1.535 GeV.

Struktur vollig ausgeschmiert ist, insbesondere der Peak der ersten Resonanzregion ist
verschwunden. Der verbliebene, flache Beitrag der Ps3(1232) wird durch die gepunk-
teten Kurven veranschaulicht. Dieses Verhalten ergibt sich durch die Q?-Anhéngigkeit
der Helizitatsamplituden (siehe Kapitel 4.7.7) im Vergleich zu den Untergrundprozes-
sen und die effektivere Fermi-Verschmierung bei grofiem Q2. Dadurch wird der Pss-
Beitrag fast iiber die gesamte Resonanzregion verteilt. Der Anstieg der Kurven zu
hohen Energien hin wird durch die Ein- und Zwei-Pion-Untergrundbeitriage (Abbil-
dung 4.12) verursacht. In der Eta-Produktion (linke Spalte) betrachten wir die zweite
Resonanzregion. Die resonante Struktur der Sy;(1535) ist fiir jeden Q*-Wert sichtbar,
weil in der Rechnung ohne FSI keine weiteren Beitrdge zu diesem Kanal beitragen
konnen.

Die durchgezogenen Kurven zeigen die Rechnungen mit FSI. Fiir Q? = 0 verlaufen
sie fiir Pionen und Etas unterhalb der Linien ohne FSI, bewirkt durch die starke Ab-
sorption, die im 7%Kanal durch NR — NN, bei den 7 (wie in Kapitel 7.3 diskutiert)
durch den Proze8 nN — R — N vonstatten geht. Mit steigendem ? #ndert sich
dieses Bild drastisch: Bei Photonenergien oberhalb von 2 GeV werden die Wirkungs-
querschnitte fiir die Pionen durch die FSI vergrofert. Fiir Q* = 3.6 GeV? entspricht
dieser Wert fiir die Photonenergie sogar dem Anfang der Resonanzregion. Der Grund
hierfiir ergibt sich aus der Diskussion im Zusammenhang mit den Abbildungen 7.23
und 7.24. Durch den grofien Impulsiibertrag bei den endlichen Q?-Werten erhalten die
Endprodukte der elementaren Photon-Nukleon-Reaktion die Md&glichkeit, in den FSI
noch mehr Teilchen zu produzieren, so dafl der Teilchenverlust durch Absorption, der
auch hier relevant ist, mehr als kompensiert wird. Denselben Effekt beobachten wir in
der Eta-Produktion. Bei den endlichen Q?-Werten liegen die Rechnungen mit und ohne
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Abbildung 7.25: Resultate fiir die Meson-Photo- und Elektroproduktion an Calcium
mit und ohne FSI. Die obere Reihe zeigt die inklusive 7% und Eta-Photoproduktion,
die unteren beiden die entsprechenden Rechnungen fiir Elektroproduktion bei Q? = 2.4
une 3.6 GeV2.

FSI im wesentlichen iibereinander. Im Energiebereich nahe der Schwelle fallt auf, daf3
die Kurven mit F'SI sogar hoher liegen. Diese miissen durch Sekundérprozesse zustande
kommen, die in der Photoproduktion in diesem Energiebereich nicht beitragen.

In Abbildung 7.26 untersuchen wir die Bedeutung der priméren und sekundéren
Etas. Man sieht, dafl der Anteil der primiiren Etas mit steigendem Q2 sinkt. Zum
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Abbildung 7.26: Beitrdge von priméren und sekundiren Eta-Mesonen zum Wirkungs-
querschnitt an Calcium fiir verschiedene (2.

einen steigen die sekundéren Beitrége auch hier durch den wachsenden Impulsiibertrag
in der Reaktion an. Der Effekt wird durch die wegen der abfallenden Helizitatsamplitu-
de der S11(1535) und der Fermi-Verschmierung verursachte Reduktion des resonanten
Primérkanals im Vergleich zu den als Sekundérkanéle fungierenden Untergrundprozesse
verstirkt. Bei Q% = 3.6 GeV? sind beide Beitriige gleich wichtig, bei hohen Photon-
energien iiberwiegen sogar die sekundiren Etas. Es ist interessant zu beobachten, dafl
sich die Produktionsmechanismen so stark &ndern. Der Grund dafiir ist letztlich die
Vermischung der Resonanzregion-Physik in der elementaren Reaktion mit den hoch-
energetischen FSI, die in der Photoproduktion nicht vorhanden ist. Natiirlich sinkt bei
grofien Q?-Werten auch der Informationsgehalt der n-Produktion in bezug auf die Me-
diumeigenschaften der S1;(1535), da die Gesamtreaktion nicht mehr so sensitiv auf die
Resonanzproduktion im elementaren v* N-Prozef ist.

In Abbildung 7.27 schlieflich sind die verschiedenen Quellen, aus denen die detek-
tierten Etas stammen, zu sehen. Die Prozesse vyN, 7N, nN — S1; und BB — S;1 N
stehen fiir Etas, die aus dem Zerfall von Si;-Resonanzen, die in diesen Reaktionen
erzeugt werden, herriihren. Die mit 'hohe Energien’ bezeichneten Beitrége resultieren
aus hochenergetischen Baryon-Baryon- oder Baryon-Meson-Kollisionen, die durch das
FRITIOF-Modell direkt oder durch den Zerfall von n/- bzw. Si;-Resonanzen produziert
werden, oder elastischer Streuung bei hohen Energien. Auch bei groem Q? besteht der
Hauptbeitrag aus Etas, die aus der elementaren v*N — Sj;-Reaktion stammen. Je-
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Abbildung 7.27: Kanile, die zur Eta-Photo- und Elektroproduktion an Calcium bei-
tragen. Die detektierten Mesonen stammen entweder aus dem Zerfall der in den auf-
gelisteten Reaktionen erzeugten Si;-Resonanzen oder aus Hochenergiereaktionen. Die
durchgezogenen Linien entsprechen den gestrichelten Kurven in Abbildung 7.26, wo-
hingegen die anderen Kurven die sekundéaren Beitrage aufschliisseln.

doch werden die sekundédren Prozesse wie schon diskutiert wichtiger, insbesondere die
Hochenergiebeitrige und die Reaktionen 7N, nN — Sy;. Letztere Reaktionen sind
auch verantwortlich fiir die schon angesprochenen Beitrége fiir Energien unterhalb der
Schwelle fiir den v*N — Sy;-Kanal.

Wir halten fest, dal in elektroninduzierten Reaktionen mit grofem Impulstransfer
die FSI nicht wie in der Photoproduktion absorptiv, sondern als Quelle signifikan-
ter Beitrdge zum Produktionsquerschnitt am Kern agieren. Dies gilt natiirlich auch
fiir andere Reaktionen mit groflem Impulsiibertrag, z.B. hochenergetische Photon-
Kern-Reaktionen. Dort wird in Wirkungsquerschnitten zur Mesonenproduktion das-
selbe Phéanomen beobachtet [121]. Es handelt sich hierbei um ein Beispiel fiir Reak-
tionen, in denen Side-Feeding-Prozesse in den FSI wichtig sind und die durch die im
BUU-Modell implementierten Coupled-Channel-Mechanismen beschreibbar sind. Dies
ist wichtig fiir die richtige Interpretation solcher Reaktionen. Weitere wichtige Side-
Feeding-Effekte wurden schon in der hochenergetischen Photoproduktion von K- [67]
und Rho-Mesonen [68] beobachtet.
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7.5 A(e,e'p)-Reaktionen und Transparenzverhilt-
nis
7.5.1 Experimente und Motivation

In den neunziger Jahren wurden am SLAC und am JLab Experimente zum elektron-
induzierten Proton-Knockout A(e, e’p) durchgefiihrt, in denen das nukleare Transpa-
renzverhiltnis 7' der Protonen als Funktion des Viererimpulsiibertrags Q? von etwa
1 bis 8 GeV? bestimmt wurde [122, 123, 124, 125]. Das Transparenzverhéltnis T'(9)
ist definiert als das Verhéltnis der Anzahlen der unter einem bestimmten Winkel 1
detektierten Protonen mit und ohne FSI,

[y dEndpy, N™ Y (Epy, pm, 9)

T(9) =
) = T p N By, s )

(7.18)

wobei N™t yund N°"¢ die Protonzahlen sind, die mit bzw. ohne FSI emittiert wer-
den. Es wurden nur Protonen aus einem bestimmten kinematischen Bereich V', die
bestimmte Missing-Energy- und Missing-Momentum-Cuts erfiillen (siehe Abschnitt
7.5.4), gezihlt. Bei N°'™® handelt es sich natiirlich um eine rein theoretische Grofie
(siehe dazu Kapitel 7.5.5).

T'(¥) ist offenbar ein MaB fiir die Stérke der FSI. Betrachtet man den Winkel 9y,
der der Richtung des ausgetauschten virtuellen Photons entspricht, so ist in der Abwe-
senheit jeglicher FSI T' = 1. Je stérker die FSI sind, umso mehr Protonen werden aus
der urspriinglichen Richtung gestreut und umso kleiner wird 7'. Es folgt auch, daf§ T
mit steigender Massenzahl des Kerns A abnimmt.

Bei kleinen Werten von Q2 bis 3 GeV? werden Protonen mit mittleren Impul-
sen zwischen 0.9 und 2.5 GeV erzeugt, die in einem Bereich liegen, in denen der
pN-Wirkungsquerschnitt (im Vakuum) eine interessante Struktur aufweist. Zunéchst
nimmt o,y fiir Protonimpulse ~ 0.7 GeV ein Minimum an, gefolgt von einem starken
Anstieg bis p ~ 2 GeV, um fiir noch groere Impulse etwa konstant zu werden [74].
Daher wird das Transparenzverhiltnis in dieser Region qualitativ das Verhalten des
pN-Querschnitts widerspiegeln, wobei natiirlich auch Pauli-Blocking, Bindungseffekte
und vielleicht sogar die Grundzustandskorrelationen der Nukleonen eine Rolle spielen.

Wihrend T im Bereich kleiner Q?-Werte vor allem dem Studium solch ’gewdhn-
licher’ Effekte der Proton-FSI dienen kann, hatte die Messung bis zu groflen Werten
von Q? hin den Sinn, das Auftreten des Farbtransparenz-Effekts (color transparen-
cy, CT, siehe z.B. [126, 127]) zu untersuchen. Dieser Effekt — Anfang der achtziger
Jahre von Mueller und Brodsky [128] vorhergesagt — ist ein Phdnomen der pertur-
bativen QCD und besagt, dal Hadronen mit kleiner transversaler Ausdehnung unter
gewissen Voraussetzungen weniger stark oder gar nicht mit anderen Hadronen wech-
selwirken. Hier geht die Erkenntnis ein, dafl farbneutrale Objekte kleiner Ausdehnung
einen reduzierten Reaktionsquerschnitt mit normalen Hadronen haben (color scree-
ning, siche z.B. [129]), der mit verschwindender transversaler Ausdehnung ebenfalls
verschwindet. In diesem Idealfall wire dann ein Ensemble von Hadronen (wie z.B. ein
Atomkern) vollkommen transparent fiir ein solches Objekt. Ein dhnliches Phinomen
existiert auch in der QED [126]. Fiir die Priparierung solcher Zustéinde stellen Reak-
tionen mit groBem Impulsiibertrag, wie es etwa in der Elektronstreuung der Fall ist,
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eine geeignete Moglichkeit dar [130]: Ein virtuelles Photon mit grofiem Viererimpuls
Q? wird von einem einzelnen Quark etwa eines Protons absorbiert, welches dann mit
einem entsprechend hohem Impuls ausgestattet ist. Das Proton fragmentiert entweder
und man beobachtet ein Jet-Ereignis, oder das Quark gibt einen Teil seines Impulses an
die anderen Quarks durch Gluonaustausch ab. Das geht nur, wenn die anderen Quarks
sich in der Ndhe befinden und somit ein Objekt mit einer Ausdehnung ~ 1/@Q bilden.
Die Forderung nach einem Proton im Endzustand wirkt also praktisch als Filter fiir
Objekte mit einer Ausdehnung ~ 1/@Q). Neben der Priparierung solcher Objekte ist es
fiir die Beobachtbarkeit von CT wichtig, dafl das Objekt solange klein bleibt, bis es
den Kern verlassen hat. Tatsédchlich kommt es aber zur Ausdehnung, so dafl die Stérke
der FSI bei der Propagation durch den Kern zeitlich zunimmt.

Ein dhnlicher Effekt tritt mit der Formationszeit bei der hochenergetischen Pro-
duktion von Hadronen durch Stringfragmentation auf [69, 131]. Dies ist die Zeit, die
die Hadronen benétigen, um aus dem String 'herauszukommen’. Wahrend dieser Zeit
wechselwirken die Pré-Hadronen ebenfalls mit einem reduzierten QQuerschnitt.

Neben der beschriebenen reinen Farbtransparenz gibt es den Effekt, dafl auch der
Kern als Filter fiir Objekte kleiner Ausdehnung dient, da alle Objekte groBlerer Aus-
dehnung viel stirker wechselwirken und absorbiert werden (nuclear filtering [127]). Die
Wirkungsweise geht in die gleiche Richtung wie CT.

Es ist nicht bekannt, unter welchen kinematischen Bedingungen Objekte kleiner
Ausdehnung hinreichend lange klein bleiben. Ebensowenig weifl man, unter welchen
Bedingungen CT einsetzt, ob sich der Effekt auf den Giiltigkeitsbereich der pQCD
beschrinkt oder auch im nichtperturbativen Bereich auftreten kann. Den genauen
Umstinden des Einsetzens gilt daher auch ein Hauptaugenmerk abgeschlossener und
geplanter Experimente (z.B. [132]). Dahingegen gilt die Existenz des Farbtransparenz-
effektes als gesichert und wurde z.B. in der diffraktiven Dissoziation hochenergtischer
Pionen in Di-Jets beobachtet [133].

CT kann sich im Rahmen von A(e, 'p)-Experimente auf zwei Arten bemerkbar ma-
chen: Einerseits werden mit steigendem Impulstransfer ? die Bedingungen zur Pro-
duktion kleiner Objekte geschaffen, die dann praktisch wechselwirkungsfrei den Kern
verlassen. Damit sollte T' mit steigendem (? gegen eins gehen. Jedoch mufl beach-
tet werden, dal ein Einsetzen von CT auch durch andere Effekte vorgetduscht wer-
den konnte, wie etwa die Modifikation der Wirkungsquerschnitte durch 'gewohnliche’
Medium- oder Offshell-Effekte. Weiterhin wiirde sich beim Einsetzen von CT die freie
Weglénge der Protonen vergrofiern, so dafl T' mit steigender Massenzahl A weniger stark
abfiele und bei vollstandiger CT keine A-Abhéingigkeit vorhanden wére. Eine Anderung
der A-Abhiingigkeit von 7' als Funktion von Q? ist also ein weiteres mogliches Signal.

Das Ergebnis bislang abgeschlossener Experimente ist, daf§ unterhalb von Q% ~ 8
GeV? ein Auftreten von CT ausgeschlossen werden kann, da zum einen kein Anstieg
von T zu beobachten ist (siehe Abbildung 7.29). Oberhalb von Q? ~ 3 GeV? kinnte
ein solches Verhalten ein direkter Hinweis auf CT sein, da in diesem Bereich der p/N-
Querschnitt im wesentlichen konstant ist. Weiterhin konnte auch keine Anderung der
A-Abhiingigkeit mit steigendem Q? festgestellt werden (sieche Abbildung 7.32).

Die Betrachtung der Reaktion A(e,e’p) im Rahmen des BUU-Modells bietet die
Moglichkeit, dieses experimentelle Resultat zu verifizieren und zu iiberpriifen, ob 7" mit
FSI, die auf Vakuum-Wirkungsquerschnitten beruhen, beschrieben werden kann. Zum
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anderen 148t sich N°"¢ sehr einfach bestimmen, weil die FSI ohne weiteres abgeschaltet
werden konnen.

Es gibt mehrere andere Modelle, in denen das Transparenzverhéltnis untersucht
wurde. Dabei handelt es sich hauptséchlich um DWTIA- (bei kleineren Q) und Glauber-
Rechnungen (siche Zusammenstellung in [125] oder [134]). Einige dieser Modelle (z.B.
Gao et al. [125]) ergeben eine gute Beschreibung der Q?-Abhiingigkeit von T, vor
allem fiir Kohlenstoff. Insbesondere die niherungsweise Konstanz von T bei grofien (Q?
wird wiedergegeben. Dagegen unterschéitzen alle diese Modelle die Daten bei grofSeren
Kernen, obwohl auch dort das Q?-Verhalten qualitativ richtig beschrieben wird. In [135]
wurde 7" im Rahmen eines intranuklearen Kaskadenmodells berechnet. Die Resultate
liegen fiir alle Kerne zu hoch (bei Gold bis zu 20%). In [134] wurde gemutmaft, dafl
dies durch die semiklassische Behandlung der Nukleonen als unabhéngige Teilchen
unter Vernachléssigung kohérenter Streueffekte der Protonen am Restkern verursacht
werden konne. Da auch BUU zur Klasse der semiklassischen Transportmodelle gehort,
ist es auch unter diesem Gesichtspunkt interessant zu sehen, ob unsere Rechnungen
zu einem dhnlichen Verhalten fithren. Die Kaskadenrechnungen weisen weiterhin einen
Anstieg von T bei grofien Q?-Werten auf, im Gegensatz zu den Daten und den Glauber-
Rechnungen.

7.5.2 Quasielastische Elekton-Kern-Streuung

Die Experimente zur A(e, €'p)-Reaktion am SLAC und JLab wurden im kinematischen
Bereich der quasielastischen Streuung durchgefiihrt, der energetisch knapp unterhalb
der Ps3(1232)-Resonanzregion angesiedelt ist. Dabei handelt es sich — zumindest was die
primére Reaktion angeht — um die elastische Streuung des Elektrons an einem einzelnen
Nukleon im Kern. Die Wahl dieses Bereichs vereinfacht die theoretische Modellierung
ungemein, da anders als etwa im Resonanzbereich nur ein einzelner elementarer Reakti-
onskanal beriicksichtigt werden mufl. Mégliche kleine Verunreinigungen durch Pionpro-
duktion im nahegelegenen Resonanzbereich werden dariiberhinaus durch entsprechende
Energie-Cuts der beobachteten Protonen ausgeschlossen (siche Kapitel 7.5.4).

Wir betrachten zunéchst den Wirkungsquerschnitt im Laborsystem fiir die elasti-
sche Elektron-Nukleon-Streuung im Vakuum [2]:

dgeN—»eN 012 L’ (GQE + TG?V[

Q. 4E?sin*(0./2) E | 1+7

cos?(9,./2) + 27G3, sin2(196/2)> , (7.19)
mit 7 = Q?/(4m%) und den elektrischen bzw. magnetischen Formfaktoren des Nukleons
GEg und G);. Bei vorgegebener Einschuflenergie der Elektronen E ist dies ein Maf fiir
die Wahrscheinlichkeit, dafl das gestreute Elektron unter einem bestimmten Winkel 4,
auslauft. Fiir die Energie des auslaufenden Elektron E’ gilt

E' = B oder dquivalent  E, = & : (7.20)
14 25 sin® & 2my

Diese Bedingung entspricht der Forderung, dafl sich das auslaufende Nukleon auf der
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Massenschale befinden soll, denn
s=my — Q*+2E,my - my (7.21)
& —4EFE'sin*(9,/2) + 2(E — E'Ymy =0
& E'(1+2Esin®*(9,./2)/my) = E.
Hierbei haben wir fiir Q? Gleichung (4.43) verwendet. Fiir das Bjorken-z
Q2
2(EyEn =Py - DN)

xBj =

gilt in diesem Fall zg; = 1.
Wir kénnen den winkeldifferentiellen Querschnitt in Gleichung (7.19) auch als win-
kel- und energiedifferentiellen Ausdruck schreiben:

do do E do do
05~ 050~ Q*/(2my))  oder oGl my).  (7.22)
Im Vakuum ist der elastische Querschnitt als Funktion der Photonenergie bei vorgege-
benem E’ und ¥, also eine Delta-Funktion.

Durch den Fermi-Impuls der Nukleonen im Kern beobachtet man in der quasie-
lastischen Streuung am Kern keine Delta-Funktion, sondern einen Peak mit endlicher
Breite. Der Grund ist, daf3 die Onshell-Bedingung je nach Nukleonenimpuls auch fiir
Werte von E’, die grofer oder kleiner als in Ausdruck (7.20) sind, erfiillt sein kann.
Der resultierende quasielastische Peak wird bei festem F und ¢, als Funktion von E’
(oder dquivalent E. ) unterhalb der Delta-Resonanz im Wirkungsquerschnitt eA — e’X
beobachtet (siehe z.B. [136]). In der reellen Photoabsorption fehlt dieser Peak, da die
Reaktion y/N — N mit einem auslaufenden Onshell-Nukleon fiir reelle Photonen nicht
moglich ist.

Im Kern ergibt sich die zusétzliche Komplikation, daf§ die Nukleonen ein Potential
spiiren. Wir betrachten hier nur den Fall von Onshell-Nukleonen in einem Mean-Field-
Potential. Die Diskussion des allgemeinen Offshell-Falls verschieben wir auf Kapitel
8.3.1. Im Elektron-Nukleon-Querschnitt (7.22) mufl also my durch die effektive Masse
m.g des auslaufenden Nukleons ersetzt werden. Im Gegensatz zum Vakuum ergibt sich
aus der Bedingung

s=m2 — Q*+2(E Ex — i, - iy) = ml2. (7.23)
Die Energie des auslaufenden Elektrons E’ ergibt sich nicht mehr so einfach als analy-
tischer Ausdruck, denn die effektive Masse des auslaufenden Nukleons hédngt aufgrund
der Impulsabhéngigkeit des Potentials vom Impuls des auslaufenden Nukleons ab, der
wiederum wegen py = p,, + py von der Energie des auslaufenden Elektrons abhéngt.
Es handelt sich also um eine nichttriviale Gleichung fiir E’, die nur numerisch gelost
werden kann.

Im Medium ist auch die Bedingung an xp; aufgeweicht:

2 12
Meg — Meg

Q(EVEN - ﬁv ) ﬁN) '

Aufgrund der Impulsabhéngigkeit des Potentials ist die effektive Masse des auslaufen-
den Nukleons bei Reaktionen mit groem Impulsiibertrag grofier als die des einlaufen-
den Nukleons, so dafl xp; im allgemeinen kleiner als eins ist. Bei Offshell-Nukleonen
dagegen konnen auch Werte grofler als eins auftreten.

xpy =1+
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7.5.3 Implementierung der quasielastischen Streuung

In der quasielastischen Elektronstreuung am Kern stehen zundchst nur die (vom Ex-
periment vorgegebene) Kinematik des einlaufenden Elektrons und des einlaufenden
Nukleons fest. Die Wahrscheinlichkeit fiir einen Streuwinkel ¢, wird wie beschrieben
durch den Wirkungsquerschnitt do/dQ2 bestimmt; die Energie des auslaufenden Elek-
trons E’ wird durch die Onshell-Bedingung (7.21) festgelegt. Damit ist auch erst dann
der Viererimpuls des virtuellen Photons bekannt, aus dem Q? folgt. In den Experimen-
ten werden zwar der Detektorwinkel 99 und die Energie der nachgewiesenen Elektronen
E}, vorgegeben, jedoch sind beide Groflen mit kleinen, aber endlichen Akzeptanzfens-
tern AJ, und AL’ versehen.

Wir vereinfachen in unserem Modell die Vorgehensweise und simulieren nur Streu-
ungen, bei denen die auslaufenden Elektronen im experimentellen Akzeptanzbereich
liegen. Das heif}t, es wird an jedem Nukleon iiberpriift, ob dessen Kinematik zu ei-
nem Streuereignis mit einem Elektron im Endzustand fithren kann, welches detektiert
wird. Das ist natiirlich nicht an jedem Nukleon méglich. Dies ist deshalb gerechtfer-
tigt, weil es (anders als etwa in der Meson-Photoproduktion im Resonanzbereich) keine
anderen elementaren Reaktionen geben kann, die tiber die FSI zum Endergebnis (d.h.
unter einem Winkel 9 emittierte Protonen) beitragen. Diese werden trivialerweise aus-
geschlossen, weil die Protonen in Koinzidenz mit den auslaufenden Elektronen, die
im Akteptanzbereich liegen miissen, gemessen werden. Die Tatsache, ob das Elektron
detektiert wird, wird natiirlich nicht durch die FSI beeinfluf3t.

Geht man davon aus, daf} die einfallenden Elektronen entlang der z-Achse einlaufen
und der Streuwinkel 1, betrdgt, so ergibt sich fiir den Viererimpuls des virtuellen
Photons!

py=(E—FE E'sind.,0,FE— E cos?,),

wobei wir die (e, €’)-Streuebene (in der auch p, liegt) in die (z, 2)-Ebene gelegt haben.
Aufgrund der Energie- und Impulserhaltung haben wir fiir das auslaufende Nukleon
der v*N — N-Reaktion

EEV: \/mgff+p%v+E7: ﬁ]/V:ﬁN +ﬁ7-

Das Problem ist nun, an jedem Nukleon mit einer durch den Fermi-Impuls und dem
Potential vorgegebenen Kinematik zu iiberpriifen, ob es moglich ist, daf§ ein Elektron-
Nukleon-Streuprozef} so stattfinden kann, daf§ das auslaufende Elektron detektiert wird
und die Onshell-Bedingung (7.21) erfiillt ist. Dies entspricht den Forderungen

o 9. €[00 — AY./2,9° + AD, /2], E' € |[E, — AE'/2, El) + AFE'/2] und

oo !
b mgﬁf —Q*+ 2E, v mgff + p?\, — 2DyPN = mfsigf'

Dazu miissen wir geméf des Wirkungsquerschnitts do /dS2 einen Streuwinkel 9, auswiir-
feln. Der Winkelakzeptanzbereich der Experimente ist aber so klein, daf3 dieser Quer-
schnitt im wesentlichen konstant ist. Daher verzichten wir auf die Winkelabhéngigkeit
und bestimmen o, gleichverteilt im Intervall [92 — A9, /2,99 4+ A9, /2]. Die Energie E’

'Wie immer vernachlissigen wir die Masse des Elektrons.
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kann dann iiber die Onshell-Bedingung iterativ bestimmt werden. Dazu verwenden wir
ein Regula-Falsi-Verfahren.

Fiir die iterative Bestimmung von E’ miissen zwei Startwerte gewéhlt werden. Dazu
bieten sich die Punkte F| = E| — AE'/2 und E} = Ej+ AE’/2 an. Jedoch kann es
sein, dafl das Quadrat der CM-Energie des Photon-Nukleon-Paares an dem oberen Ende
des Energieintervalls negativ wird, obwohl eine Losung E’ in einem anderen Bereich
von [Ej — AE'/2, E| + AE'/2] existiert. Daher fithren wir ein Gitter in der (J., E')-
Ebene mit Gitterabstinden Av./4 und AE’/4 ein, um den Bereich, in dem sich die
Lésung befindet, einzuschrianken und sinnvolle Startwerte fiir die [teration bereitstellen
zu konnen.

Mit Hilfe der auf diese Weise bestimmten Werte fiir ¢, und E’ steht erst jetzt
die Kinematik des ausgetauschen Photons und damit die Kinematik des auslaufenden
Nukleons fest.

Schliellich wollen wir noch erwédhnen, dafl die gewahlte Vorgehensweise einer pertur-
bativen Behandlung der Streureaktionen mit auslaufenden Elektronen im Akzeptanz-
bereich im Sinne von Kapitel 5.3 entspricht. Der Hauptunterschied zur perturbativen
Meson-Photoproduktion ist, daf3 alle Kanéle, die in der elementaren Reaktion nicht
zum letztendlich betrachteten Ergebnis (also koinzident mit Elektronen in einem Win-
kelbereich 1) nachgewiesene Protonen) beitragen, komplett weggelassen werden kénnen.

Im Prinzip muf} jedes perturbativ generierte Ereignis mit dem elementaren Wir-
kungsquerschnitt gewichtet werden. Darauf verzichten wir aber, da im betrachteten
kinematischen Bereich fiir die Elektronen der Elektron-Nukleon-Wirkungsquerschnitt
im wesentlichen konstant ist. Weiterhin berechnen wir keine Wirkungsquerschnitte am
Kern, sondern betrachten ein Verhéltnis aus Protonzahlen, so dafl sich der konstante
Wirkungsquerschnitt am Nukleon herauskiirzt.

7.5.4 Resultate

Wie schon angedeutet, werden zur Extraktion des Transparenzverhéltnisses sogenann-
te Missing-Energy- und Missing-Momentum-Cuts gemacht. Fehlender Impuls py, und
fehlende Energie E,, sind definiert durch

P = Py — Dy und En=E,~T,— Ty, (7.24)
wobei py und T} der Impuls und die kinetische Energie des detektierten Protons, pi,
und £, Impuls und Energie des virtuellen Photons und T'4_; die kinetische Energie
des verbliebenen Restkerns (mit Riickstofl) sind. Ohne FSI wiére pi, der Impuls des
einlaufenden Nukleons und FE, dessen Separationsenergie. Letzteres 148t sich wie folgt
sehen: Durch die Herauslosung des Protons verbleibt der Restkern in einem angeregten
Zustand mit Energie E4_; + €*, wobei F4_; die Grundzustandsenergie des (A — 1)-
Kerns und €* die Anregungsenergie ist. Der Ausgangskern mit Masse M 4 ist in Ruhe
und daher gilt mit Energieerhaltung

E,+My=E,+Es+¢,

wobei £}, die Energie des herausgeschlagenen Protons ist. Die Separationsenergie fiir
dieses Proton lautet
S =My +e +my— My,
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wobei M4_; die Masse des (A — 1)-Kerns im Grundzustand ist. Ersetzt man hier die
Anregungsenergie durch obige Gleichung, so ergibt sich

S:MA,1+E,Y—E;+MA—EA,1—|—mN—MA,
=B, — (B, —mn) — (Ba-1 — Ma),

was dem Ausdruck fiir F,, entspricht.
Die Energie des Restkerns lautet:

Eact = /M3, + ().
Im Experiment werden nur Protonen beriicksichtigt, die die Bedingungen
P S 300 MeV und Ey, < 100 MeV

erfiillen. Der Energie-Cut hat — wie schon in Abschnitt 7.5.2 angesprochen — den Sinn,
Ereignisse auszuschlielen, in denen Pionen produziert werden kénnen. Der Impuls-Cut
liegt bei den maximalen Werten des nichtkorrelierten Anteils der Impulsverteilung (sie-
he z.B. Abbildung 4.2). Fiir die in Kapitel 7.5.3 angesprochenen Winkel- und Energie-
akzeptanzen verwenden wir A, = 20 mrad und AE’ = 0.1 - EJ.

In Tabelle 7.1 findet sich eine Zusammenstellung aller Q2-Werte, fiir die das Trans-
parenzverhéltnis gemessen wurde, und aller kinematischer Bedingungen der Experi-
mente. In den folgenden BUU-Rechnungen zu diesen Werten verwenden wir das im-
pulsanhéngige Mean-Field-Potential (MM).

Die elementare Reaktion des virtuellen Photons mit den Nukleonen im Kern ent-
spricht dem kinematischen Bereich der quasielastischen Streuung, die energetisch un-
terhalb der Resonanzregion liegt. Aufgrund der mitunter groflen Impulsiibertréige von
mehreren GeV treten in den FSI Kollisionen bei invarianten Massen auf, die zum Teil
oberhalb der FRITIOF-Schwelle liegen (siche Kapitel 4.6.4). Jedoch werden in solchen
Reaktionen keine Nukleonen produziert, d.h. die in einem Nukleon-Nukleon-Stof3 aus-
laufenen Nukleonen oder Resonanzen sind 'Leading Hadrons’ (Kapitel 4.6.4), die im
verwendeten Modell ohne Formationszeit sofort mit dem vollen Wirkungsquerschnitt
wechselwirken. Daher sind die Ergebnisse nicht abhingig von dem verwendeten Wert
fiir die Formationszeit.

Einflufl der Winkelbereichs

Die Daten fiir das totale Transparenzverhéltnis 7 wurden durch Integration iiber die in
Tabelle 7.1 angegebenen Winkelbereiche fiir ¢ bestimmt. Die BUU-Ergebnisse fiir 7'(¢)
variiern mitunter in einem recht groflen Bereich. Es ist daher wichtig, zunéachst zu iiber-
priifen, ob die experimentelle Winkelabhéngigkeit durch das BUU-Modell wiedergege-
ben wird. Fiir das Experiment [124] stehen solche experimentellen T'(1)-Verteilungen
zur Verfiigung. Als Beispiel zeigen wir in Abbildung 7.28 unsere Rechnungen im Ver-
gleich zu den Daten fiir Q? = 1.79 GeV2.

Die 9¥-Abhéngigkeit der Daten wird durch das BUU-Modell wiedergegeben, wenn
die Schwankungsbreite auch etwas grofler ist. Das bedeutet, dafl es sinnvoll ist, zur
Bestimmung von 7 dieselben Winkelbereiche wie im Experiment zu verwenden. Die
geeignete Wahl des Intervalls ist sehr wichtig, denn das Ergebnis fiir 7 ist aufgrund der



7.5. A(e,€¢'p)-Reaktionen und Transparenzverhéltnis 177

Q* [GeV?] | E [GeV] | E' [GeV] | U, [deg] | o [deg] | Jo [deg] | Ort des Exp.
0.6 2.445 2.07 20.5 35.4-75.4 55.4 JLab [124]
1.04 2.015 1.39 35.5 43.4-54.6 42.4 SLAC [123]
1.79 3.245 2.26 28.6 32.5-52.5 40.5 JLab [124]
3.06 3.188 1.47 A47.7 27.7-33.3 26.3 SLAC [123]
3.25 3.245 1.40 50.0 25.0-31.0 25.0 JLab [124]
5.0 4.212 1.47 53.4 20.9-22.6 19.5 SLAC [123]
6.1 4.463 1.20 64.7 15.3 15.3 JLab* [125]
6.77 5.120 1.47 56.6 15.9-17.3 15.9 SLAC [123]
8.1 5.560 1.27 64.7 12.8 12.8 JLab* [125]

Tabelle 7.1: Kinematische Groflien fir die A(e, ¢'p)-Experimente. Alle Messungen wur-
den an C, Fe und Au durchgefiihrt, die mit * markierten Experimente nur an C und
Fe.
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o Fe
. n ____Au ------------- N
06 " -
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o L
|_
0.4 ° o [ J -1
/,,-.—-"""’- mT - 3
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0 [ded]

Abbildung 7.28: Winkelabhéngigkeit des Transparenzverhiltnisses fiir Q? = 1.79 GeV?2.
Die Daten stammen aus [134].

groBen Schwankungen sehr sensitiv auf den Integrationsbereich. Fiir andere Q*-Werte
finden wir dhnliche Ubereinstimmung in der Winkelabhéingigkeit. Jedoch reichen ex-
perimentelle Winkelbereiche mitunter in Regionen hinein, in denen die BUU-Resultate
aufgrund mangelhafter Statistik unbrauchbar sind (siehe z.B. die starken Anstiege von
T'(9) fir Kohlenstoff an den Grenzen des gezeigten Winkelbereichs). In diesem Fall in-
tegrieren wir nur iiber ein entsprechend verkleinertes Intervall. Der statistische Fehler
unserer Resultate fiir 7 liegt etwa bei einem Prozent.

In Abbildung 7.29 zeigen wir das Ergebnis fiir das Transparenzverhéltnis 7 fiir
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Abbildung 7.29: Transparenzverhéltnis im Vergleich zu den experimentellen Daten (Ta-
belle 7.1) fiir Kohlenstoff, Eisen und Blei. Die schwarzen Symbole zeigen die BUU-
Ergebnisse.

alle in Tabelle 7.1 aufgefithrten Messungen und vergleichen mit den Daten. Die BUU-
Punkte (schwarze Symbole) wurden verbunden, um die Q?-Abhingigkeit deutlicher
zu gestalten, obwohl die unterschiedlichen Experimente unter verschiedenen kinema-
tischen Bedingungen durchgefiihrt worden sind. Wir sehen fiir Kohlenstoff, Eisen und
Gold eine hervorragende Ubereinstimmung mit den Daten. Das gilt vor allem fiir die
QQ*-Abhingigkeit. Insbesondere die niherungsweise Konstanz von 7 bei grofilem Q2
wird sehr gut wiedergegeben. Kleinere Anstiege bei einigen Q?-Werten im Vergleich zu
den benachbarten Punkten, die auch in den Daten sichtbar sind, werden durch sehr
kleine (bei Q? = 6.1 und 8.1 GeV?) oder beziiglich 9 asymmetrische Integrationsin-
tervalle (Q* = 1.04 GeV?) verursacht.

In der Tat zeigt ein Blick auf Tabelle 7.1 oder auch auf Abbildung 7.28, daf} die
experimentellen Integrationsbereiche keineswegs symmetrisch um den Winkel 9, der
der Richtung des virtuellen Photons entpricht, gewédhlt wurden. Waren alle Nukleonen
im Kern in Ruhe und gébe es keine FSI, so wiirden alle herausgeschlagenen Protonen
den Detektor unter diesem Winkel erreichen. Aufgrund der Fermi-Bewegung haben
wir es jedoch mit einer in guter Naherung symmetrischen Winkelverteilung um v zu
tun. Wir iiberpriifen nun die Sensitivitit unserer Ergebnisse auf die Wahl des Inte-
grationsbereichs, indem wir zur Berechnung von 7 ein jeweils um 1 symmetrisches
Intervall verwenden, welches auch den experimentellen Winkelbereich umfafit. In Ab-
bildung 7.30 zeigen wir das Resultat als gestrichelte Kurven im Vergleich zur iiber den
experimentellen Bereich integrierten Kurve aus Abbildung 7.29 (durchgezogene Linie)
und den Daten. Die {iber das symmetrische Intervall bestimmten Kurven liegen leicht
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Abbildung 7.30: Transparenzverhéltnisse fiir verschiedene Winkelintegrationen. Die
durchgezogenen Linien entsprechen der experimentellen Bestimmung, die gestrichel-
ten Linien der Integration iiber ein um vy symmetrisches Intervall. Die Symbole zeigen
die Daten aus Tabelle 7.1.

unterhalb der durchgezogenen Linien. Fiir die weiter oben angesprochenen (Q2-Werte
von 6.1 und 8.1 GeV? erhalten wir keinen deutlichen Anstieg mehr, so daf§ das in Ab-
bildung 7.29 zu beobachtende Verhalten wohl ein Artefakt des Winkelbereichs war.
Insgesamt liegen beide Kurven sehr nahe zusammen. Trotzdem wollen wir erwéhnen,
daB es auch moglich ist, starker abweichende Resultate zu erhalten, je nach Wahl des
Integrationsintervalls.

Abhingigkeit von der Massenzahl

Neben der Q?-Abhingigkeit wurde in den Experimenten nach einer Anderung der A-
Abhingigkeit von 7 mit steigendem (Q? gesucht. Wir wollen nun betrachten, inwieweit
die Massenzahlabhéngigkeit der Daten durch unser BUU-Modell beschrieben wird. In
Abbildung 7.31 vergleichen wir 7 fiir vier Q2-Werte als Funktion der Massenzahl mit
den Daten. Die durchgezogenen und gestrichelten Linien entsprechen wieder der un-
terschiedlichen Winkelintegration, die sich nicht stark auf den Verlauf der Kurven aus-
wirkt. In allen Fillen sehen wir eine sehr gute Ubereinstimmung mit den Daten. Um
die A-Abhéngigkeit quantitativ genauer erfassen zu konnen, wurde in allen Experi-
menten ein Fit oc A* an die Daten durchgefiihrt (siche Zusammenstellung in [125]). In
Abwesenheit von CT sollten die Koeffizienten o (Q?) nicht von Q? abhiingen. Wie schon
erwiahnt, ist dies tatséchlich der Fall. Die Fits fiir unsere Ergebnisse sind zusammen
mit den experimentellen « in Abbildung 7.32 zu sehen.

Es zeigt sich, daB die Ubereinstimmung der Rechnungen mit den Daten recht gut



180 7. Photon- und elektroninduzierte Reaktionen am Kern
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Abbildung 7.31: Abhéngigkeit des Transparenzverhéltnisses T' von der Massenzahl A
fiir verschiedene (Q2-Werte aus Tabelle 7.1. Die durchgezogenen und gestrichelten Linie
entsprechen den verschiedenen Winkelintegrationen aus den vorherigen Abbildungen.

ist, jedoch ist der Abfall von 7 mit der Massenzahl im BUU-Modell etwas starker als
im Experiment. Die Resultate fiir die verschiedenen Winkelbereiche liegen sehr dicht
zusammen, wobei die gestrichelte Kurve, die der Integration iiber grofiere Winkelinter-
valle entspricht, ein glatteres Verhalten aufweist. Der leichte Anstieg von « zu kleinen
Q*Werten hin, der in den Daten zu sehen ist, scheint auch in unseren Rechnungen
sichtbar zu sein.

Einfluf3 des Potentials

Bislang haben wir mit dem impulsabhéngigen Potential (MM) gearbeitet. Fiir Gold
haben wir die Rechnung fiir die SLAC-Messungen bei Q? = 1.04, 3.06, 5.0 und 6.77
GeV? mit dem impulsunabhiingigen Potential (H) wiederholt, um den Einfluf} dieses
Modellparameters einschéitzen zu kénnen. Der Einflufl auf die Bindungseigenschaften
und die Propagation konnte sich durch unterschiedliche Ergebnisse bemerkbar machen.
In Abbildung 7.33 vergleichen wir die Rechnungen fiir die Potentiale (MM) und (H).
Die Kurven (H) verlaufen leicht unterhalb der Kurven (MM), besonders im Bereich
kleiner Q?, jedoch sind die Unterschiede insgesamt gering.
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Abbildung 7.32: Fit-Koeffizient o fiir die Massenzahlabhéngigkeit des Transparenz-
verhéltnisses. Die durchgezogenen und gestrichelten Linien entsprechen den verschie-
denen Winkelintegrationen aus den vorherigen Abbildungen.

7.5.5 Unsicherheiten in der Extraktion der Daten

Wir beenden dieses Kapitel mit einigen Erlauterungen, wie das Transparenzverhéltnis
experimentell bestimmt wird. Wéhrend der Zahler in (7.18) dem Experiment zugéng-
lich ist, ist der Nenner eine theoretische Groe, die im Rahmen der PWIA (plain wave
impulse approzimation) bestimmt wird (siche z.B. [137]). Hier wird angenommen, dafl
sich das getroffene Nukleon frei durch den Restkern bewegt. Dann entsprechen fehlen-
der Impuls und fehlende Energie tatsdchlich dem Impuls und der Separationsenergie
des urspriinglichen Nukleons. Der Stromoperator des Kerns, der iiber den hadronischen
Tensor in den Wirkungsquerschnitt 0.4 eingeht, 148t sich in dieser Naherung aufspalten
in Beitridge, die von den einzelnen Nukleonen herrithren. Daher ergibt sich ein Aus-
druck fiir o.4, der proportional zum Elektron-Nukleon-Wirkungsquerschnitt und zum
Missing-Momentum- und Missing-Energy-Integral {iber die Nukleon-Spektralfunktion
ist:

OcA = KUeN/dgpdemAIPSM<pmaEm)v
v

wobei K ein kinematischer Faktor ist. Fiir o,y wird eine Offshell-Extrapolation des
Elektron-Nukleon-Querschnitts von de Forest [138] verwendet. Diese gilt als allgemein
akzeptiert; Unterschiede zu anderen Extrapolationen sind bei den hohen Impulsiiber-
tragen der betrachteten Experimente irrelevant [139]. Die Hauptunsicherheitsquelle
des Nenners liegt also in dem Integral iiber die Spektralfunktion. Die PWIA-Rech-
nungen beinhalten iiblicherweise eine Spektralfunktion Apgy, die dem Schalenmodell
unabhéngiger Teilchen (IPSM) entspricht. Durch die Nukleon-Korrelationen wird aber
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Abbildung 7.33: Einflul des Potentials auf das Transparenzverhéltnis. Die durchgezoge-
nen und gestrichelten Linien entsprechen denen in Abbildung 7.30 fiir die verschiedenen
Integrationsbereiche und das Potential (MM). Die strichgepunktete bzw. gepunktete
Linie zeigt den Einflufl des Potentials (H).

Stéarke in Bereiche verschoben, die aulerhalb des p,,- und F,,-Cuts liegen. Um dies zu
beriicksichtigen, ist in den Daten ein A-abhéngiger Faktor f(A) enthalten, der {iber

f(A) ’ /dgpdemAQ?m; Em) = /d3pdemA1p5M(pm, Em) (7.25)
|4 |4

bestimmt wurde zu f(C) = 1.1, f(Fe) = 1.22 und f(Au) = 1.28 [123]. Die Spek-
tralfunktion A beinhaltet dabei Besetzungszahlen der Schalenmodell-Niveaus, die in
Experimenten bei kleinem Q? ermittelt wurden und kleiner als eins sind.

Frankfurt et al. [139] dagegen stellen die starke A-Abhéngigkeit dieser Faktoren
in Frage. Es wird argumentiert, dafl aufgrund der in den Experimenten gewéhlten
Kinematik der Wirkungsquerschnitt eigentlich proportional zu

/ Py d,, A m: Em) (7.26)

m

sein miifte, wodurch ein kleineres Gewicht auf den Nukleonen mit hohem Impuls liegt.
Dadurch wird in dieser Arbeit die Verwendung einer Spektralfunktion, berechnet in
einem Hartree-Fock-Skyrme-Modell, also mit nicht-reduzierten Besetzungszahlen fiir
die Schalenmodell-Niveaus, gerechtfertigt. Eine Anderung der Besetzungszahlen mit
steigendem @? ist in der Tat ein beobachtetes Phinomen [140], jedoch stellt der Aus-
druck (7.26) nur sicher, dafl keine Sensitivitdt auf die Hochimpulskomponenten der
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Abbildung 7.34: Transparenzverhéltnis im Vergleich zu den unter der Annahme nicht-
reduzierter Schalenmodell-Niveaus renormierten Daten (sieche Text).

Spektralfunktion vorhanden sein kann. Eine solche ist aufgrund der Missing-Energy-
und Missing-Momentum-Cuts aber auch im Experiment ausgeschlossen. Es stellt sich
allerdings die Frage, ob dies auch ein Beweis dafiir ist, da} die Besetzungszahlen der
Schalenmodell-Niveaus nicht reduziert sind. Die Tatsache, daf die f-Faktoren (unter-
halb von Gleichung (7.25)) alle grofler als eins sind, zeigt, dal die Experimente sehr
wohl sensitiv auf eine solche Reduktion sind, wenn sie denn vorhanden ist. Allerdings
fiihrt die Verwendung der Hartree-Fock-Skyrme-Spektralfunktion in [139] zu einer kon-
sistenten Beschreibung anderer A(e, e’) und A(e, €'p)-Reaktionen und es werden Fak-
toren ¢g(C) = 1.02, g(Fe) = 0.896 und g(Au) = 0.83 hergeleitet, die mit den Daten fiir
7T zu multiplizieren sind und die f-Faktoren fast vollstdndig wegheben. Die entspre-
chende Reduktion der Daten fithrt zu einer besseren Ubereinstimmung der oben schon
erwahnten Glauber-Rechnungen.

Insgesamt bleibt festzustellen, dafl die korrekte Vorgehensweise bislang nicht zwei-
felsfrei geklart ist [125].

Sehen wir die Ergebnisse aus [139] als Ma$ fiir die theoretische Unsicherheit, die in
die letztendliche Extraktion der Daten eingeht, so ist es sinnvoll, unsere Rechnungen
mit den durch die g-Faktoren renormierten Daten zu vergleichen. Dies ist in Abbildung
7.34 gezeigt. Die Ubereinstimmung bei Kohlenstoff und Eisen ist immer noch sehr gut,
fiir Eisen sogar fast noch besser. Im Fall von Gold liegen die Rechnungen fiir Q% > 2
GeV? etwas oberhalb der Daten. Die Q?-Abhingigkeit wird durch die Normierungsfak-
toren nicht beeinflufit und bleibt sehr gut.

Wie schon beschrieben, wird der Nenner von Gleichung (7.18) im Rahmen unserer
Rechnungen ebenso wie der Zéhler auch durch das BUU-Modell bestimmt und ent-
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spricht demzufolge nicht der im experimentellen Ausdruck fiir 7" verwendeten Grofe.
Das wirft zunéchst die Frage nach der Vergleichsmoglichkeit zwischen den Rechnungen
und den Daten auf. Jedoch mufl man hier einige Punkte beachten: Die Gréfle T' soll
sensitiv auf die FSI sein, die im BUU-Modell enthalten sind. Sind die FSI klein (oder
verschwinden sie), so soll T = 1 sein. Dies allein zeigt schon, daf8 die GréSe N°'ne in
konsistenter Weise zu N™* bestimmt werden muf}, damit dies gewiihrleistet ist. Abge-
sehen von diesem Spezialfall kénnte generell ein Anstieg oder Abfall in 7" verursacht
werden, der nicht auf die F'SI des Modells zuriickgeht. Weiterhin dient der Nenner als
‘Normierung’, der gewisse Modellannahmen jenseits der FSI (z.B. Impulsverteilung der
Nukleonen), die auch in den Zéhler eingehen, kompensiert. Es wird deutlich, dafl durch
die konsistente Bestimmung von Zéhler und Nenner im Transparenzverhéltnis 7" durch
das BUU-Modell eine Grofle erzeugt wird, die sensitiv auf die FSI des Modells ist. Das
bedeutet, dafl der Vergleich der Transparenzverhiltnisse verschiedener Modelle (oder
der Daten) wie gewiinscht dem Vergleich der FSI entspricht. Abschlieflend sei erwéhnt,
daf3 diese Vorgehensweise, d.h. die konsistente Bestimmung von Z&ahler und Nenner
keine uniibliche Vorgehensweise in der Literatur ist (siehe z.B. [135]).

Insgesamt zeigt sich, dafl wir in der Lage sind, das Proton-Transparenzverhéltnis
der A(e, ¢’p)-Reaktion durch unser semiklassisches Modell und den darin erhaltenen
Vakuum-Wirkungsquerschnitten und ’trivialen’ Mediumeffekten wie Fermi-Bewegung,
Pauli-Blocking und Mean-Field-Potential zu erkliren. Das gilt sowohl fiir die Q?- als
auch fiir die A-Abhéngigkeit. Unser Ergebnis ist auch im Vergleich zu dem Kaskaden-
modell in [135] erheblich besser. Inwieweit sich die Nukleon-Spektralfunktion auf die
Ergebnisse auswirkt, untersuchen wir in Kapitel 8.3.1.



Kapitel 8

Einflufl der Spektralfunktion auf
die Teilchenproduktion

In diesem Kapitel untersuchen wir den Einfluf der Nukleon-Spektralfunktion auf pho-
ton- und elektroninduzierte Reaktionen. Wir gehen zunéchst in Kapitel 8.1 auf die Ki-
nematik in der yN-Reaktion ein, verschaffen uns einen Uberblick iiber die Gréfenord-
nung der zu erwartenden Effekte fiir Photonen und Elektronen verschiedener Energie
und betrachten andere Proben. Die folgenden BUU-Rechnungen zur Meson-Photopro-
duktion und elektroninduzierten Reaktionen (Kapitel 8.2, 8.3) beriicksichtigen neben
den Grundzustandskorrelationen auch die in Kapitel 5 beschriebene Offshell-Propaga-
tion der Nukleonen und die Nukleon-Spektralfunktion aus Kapitel 6.1.1 fiir die FSI.
Das hier verwendete Verfahren zur Offshell-Propagation wurde in [20, 16] schon auf
Schwerionenkollisionen angewendet. Es ist daher interessant zu iiberpriifen, ob dort
beobachtete Effekte auch in Reaktionen mit elementaren Proben auftreten.

Eine verkiirzte Diskussion der Eta-Photo- und Elektroproduktion ist in [141] zu
finden.

8.1 Kinematik und Proben

8.1.1 Photonen und Elektronen

Wir beschéftigen uns nun mit der Frage, wie sich die Grundzustandskorrelationen auf
photoninduzierte Prozesse auswirken. Dabei geht es uns um kinematische Effekte, die
z.B. durch die Hochimpulskomponente der Spektralfunktion verursacht werden. Wie
schon in Kapitel 5.9.1 erwéahnt, modifizieren wir die Wirkungsquerschnitte fiir die ver-
schiedenen Reaktionen der priméren Reaktion und der FSI, abgesehen von In-Medium-
Breiten fiir die Resonanzen, nicht. Da die Querschnitte als Funktion der invarianten
Masse der einlaufenden Teilchen berechnet werden, ist die relevante Grofie daher vor
allem die Verteilung der CM-Energie der priméren Reaktion, d.h. der Photon-Nukleon-
Paare im Kern.

In Abbildung 8.1 sehen wir die y/s-Spektren! der Photon-Nukleon-Paare in der ele-
mentaren Reaktion an einem Calcium-Kern fiir £, =1, 4 und 9 GeV. In der rechten

'Um genauer zu sein, handelt es sich um V540> also die GroBe, an der die Querschnitte tatséchlich
abgegriffen werden.
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Abbildung 8.1: /s-Spektren der elementaren yN-Reaktion in Calcium fiir verschie-
dene Photon-Energien. Die durchgezogenen und gestrichelten Histogramme zeigen die
Ergebnisse fiir Onshell- bzw. Offshell-Nukleonen. Die logarithmischen Plots auf der
rechten Seite verdeutlichen die Offshell-Effekte.

Spalte finden sich die Spektren zur besseren Auflésung jeweils in logarithmischer Skala.
Die durchgezogenen Histogramme zeigen das Ergebnis mit Onshell-Nukleonen, die ge-
strichelten die Resultate unter Beriicksichtigung der Grundzustandskorrelationen. Im
Onshell-Fall zeigt sich eine mit steigender Photonenergie breiter werdende Verteilung,
die zu kleinen und grofen invarianten Massen hin bei /s’ und /s . scharf be-
grenzt ist. Der Bereich um das Maximum entspricht Nukleonen, deren Impulsvektor
senkrecht zur Einschuflirichtung der Photonen steht und Nukleonen in Ruhe. Durch die
Spektralfunktion wird die Starke im Maximum reduziert und unter Aufweichung der
Begrenzungen der Spektren zu kleineren und grofleren CM-Energien verschoben. Die
Ausschmierung zu kleinen invarianten Massen hin iiberwiegt deutlich. Das Hereinragen
in den Bereich oberhalb von /s\.. ist umso stiirker, je gréBer die Photonenergie ist.
Diese Beitrage stammen aus dem Bereich der Nukleon-Spektralfunktion mit hohen Im-
pulsen und kleinen Massen. Das sieht man recht einfach, wenn man den Ausdruck fiir
die invariante Masse des yN-Paares betrachtet. Fiir Onshell- bzw. Offshell-Nukleonen
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Abbildung 8.2: Invariante-Massen-Spektren der v* N-Paare in Calcium fiir verschiede-
ne Q2. Die Photonenergie wurden jeweils so gewihlt, daf8 die kinematische Situation
am ruhenden Nukleon der zweiten Resonanzregion entpricht. Die durchgezogenen und
gestrichelten Histogramme zeigen die Onshell- und Offshell-Spektren.

gilt (wir vernachlissigen das Mean-Field-Potential der Nukleonen):

s = m3 + 2E,EN — 2D, - Dy s < 1% + 2E,(Ep + Pmax)- (8.1)
<m3 + 2E,Ep + 2E,pp,

Der Maximalwert ergibt sich in beiden Szenarien durch Nukleonen mit maximalem
Impuls, der die Bedingung Er > Ey erfiillt, wobei der Impulsvektor von Photon und
Nukleon entgegensetzt gerichtet sind. Im Onshell-Fall ist der maximale Impuls pg, fiir
Offshell-Nukleonen der Masse p gilt der Zusammenhang E% = p? +p2,,. . Fiir p < my,
d.h. den Hauptteil der Nukleonen im Kern (sieche Abbildung 5.4), ist pax > pr; also ist
der Ausdruck Er + pmayx fiir ein solches Offshell-Nukleon grofler als fiir ein Nukleon auf
der Massenschale. Ist der zweite Term in (8.1) grofl genug im Vergleich zu p?, also wenn
die Photonenergie £, hinreichend gro8 ist, so ist sog > Son. Damit ist auch klar, da8
der Abstand zwischen den Onshell- und Offshell-Maximalwerten fiir das Invariante-
Massen-Spektrum mit E., ansteigt. Das ist in der Tat in Abbildung 8.1 zu beobachten.

Die im Offshell-Spektrum vorhandenen Beitrége bei grofien invarianten Massen
konnten sich auf die Teilchenproduktion nahe der Schwelle auswirken: Gébe es ein
Teilchen mit einer Produktionsschwelle bei v/s = 3.4 GeV, so konnte dieses im Offshell-
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Szenario bereits bei £, = 4 GeV produziert werden (also sub-threshold), im Onshell-
Fall reichten die invarianten Massen nicht aus. Innerhalb der Resonanzregion (Pho-
tonenergien bis etwa 1 GeV) sollte dieser Effekt jedoch schwer beobachtbar sein, da
die Anzahl der Photon-Nukleon-Paare oberhalb von /s, noch kleiner als im oberen
Teil von Abbildung 8.1 fiir ., = 1 GeV ersichtlich ist. Interessanter kénnte dies in der
Photoproduktion schwerer Teilchen wie dem .J/v sein, worauf wir kurz in Abschnitt
8.2.5 eingehen.

In (8.1) haben wir gesehen, da8 die Beitrdge zum +/s-Spektrum bei hohen Ener-
gien dadurch verursacht wird, dafi der maximale Nukleonenimpuls pp.x = pr mit dem
Photonenimpuls gewichtet wird. Der Effekt wire noch ausgeprigter, wenn dieser Ge-
wichtungsfaktor noch grofler wére. Dies ist fiir virtuelle Photonen der Fall, fiir die der
Impuls p, = /E2 + Q* bei fester Photonenergie durch geeignetes Q? beliebig groB
gewithlt werden kann. In Abbildung 8.2 sind die y/s-Spektren fiir drei Q*Werte zu se-
hen. Die Photonenergie wurde so gewéhlt, dafl die Kinematik am ruhenden Nukleon in
allen Féllen der zweiten Resonanzregion entspricht. Hier tritt wieder der schon in Kapi-
tel 7.4.2 beschriebene Effekt der mit Q? ansteigenden Verbreiterung des /s-Spektrums
in Erscheinung. Der Teil des Offshell-Spektrums, der unterhalb von /s, liegt, ist zu
invarianten Massen kleiner als 1 GeV verschoben und wird nicht gezeigt. Es wird deut-
lich, daf8 der Bereich oberhalb von /s’ mit steigendem Q* an Ausprigung gewinnt.
Zur Erinnerung sei erwithnt, daf fiir Q? = 0 die Ausschmierung oberhalb von /s in
der zweiten Resonanzregion fast gleich null ist. Damit ist es vielleicht sogar moglich —
anders als in der Photoproduktion — Offshell-Effekte an Produktionsschwellen bereits
innerhalb der Resonanzregion zu beobachten.

8.1.2 Andere Proben

Um die Sensitivitdat anderer Proben auf die Grundzustandskorrelationen beurteilen zu
konnen, machen wir folgende Uberlegung: Nehmen wir an, wir wollen eine bestimm-
te kinematische Region, die einer invarianten Masse /s, entspricht, untersuchen. Es
stehen zwei Proben a und b zur Verfiigung. Die Impulse dieser Teilchen p,, p, miissen
so gewéhlt werden, dafl die CM-Energien der aN- bzw. bN-Paare im Mittel (aufgrund
der Fermi-Bewegung) /s, ergeben. Der Mittelwert des y/s-Spektrums entspricht in
etwa der invarianten Masse der Reaktion mit einem Nukleon in Ruhe. Dann lautet die
Forderung

so=m2 4+ u® +2E,u = mi + u* + 2E,p.

Gilt z.B. m2 > m?, so mul E, < Fj sein und demzufolge p, < p;. Betrachten wir nun
die Differenz von s, im Offshell- und Onshell-Fall, also

As =T gom

max max’

so erhalten wir fiir die beiden Proben @ und b:
Asy = 1> —my + 20aPmax~ und  Asy = p® — my + 2DpPma,

wobel ppax Wieder der maximale Nukleonenimpuls ist (Gleichung (8.1)). Wegen p, <
py ist As, < As, und der Beitrag im Invarianten-Massen-Spektrum fiir Offshell-
Nukleonen oberhalb von /s, ist fiir die Probe mit dem kleineren Massenquadrat

max
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ausgepragter. Dieser Unterschied ist umso extremer, je kleiner die Masse der Probe
b ist. Damit ist auch einleuchtend, dafl virtuelle Photonen mit negativem Massen-
quadrat jede andere hadronische Probe a mit positivem Massenquadrat ’schlagen’” und
von allen Teilchensorten am sensitivsten auf die Hochimpulskomponenten der Nukleon-
Spektralfunktion sind. Dabei steigt die Sensitivitit mit der Virtualitit Q? an. Dazu
kommt, dal hadronische Proben sowieso nicht bis ins Kerninnere vordringen, wo die
grofiten Effekte zu erwarten sind.

Die angestellten Betrachtungen zeigen, dafl sich die Grundzustandskorrelationen vor
allem durch die Reduktion der Massenspektren im Maximum bemerkbar machen. Die-
se wird sich vermutlich in der resonanten Struktur der Wirkungsquerschnitte bemerk-
bar machen. Bei hohen Energien (bzw. Impulsen) erwarten wir einen Einflufl an Teil-
chenproduktionsschwellen, verursacht durch die Hochimpulskomponente der Nukleon-
Spektralfunktion.

8.2 Einflu3 auf die Photoproduktion

8.2.1 Reaktionen im Resonanzbereich

Wir beschéftigen wir uns nun mit der Photoproduktion von Mesonen im Resonanzbe-
reich. Auch wenn die hier zu erwartenden Effekte in der elementaren Reaktion klein
sind, bietet sich die Gelegenheit, zu iiberpriifen, inwieweit sich die Offshell-Propagation
der Nukleonen (Kapitel 5.2) und die Nukleon-Spektralfunktion in den FSI auswirkt.
In [20] wurde das hier verwendete Verfahren schon in Schwerionenkollisionen Au+Au
bei 1 AGeV untersucht. Dabei ergab sich relativ zur Onshell-Rechnung eine Erh6hung
der Pionen- und Kaonzahlen um etwa 10 Prozent sowie eine Verschiebung des Pionen-
Energiespektrums zu hoheren Energien. Letzteres ist auch bei kleineren Einschuflener-
gien und kleineren System zu beobachten. Natiirlich handelt es sich bei Schwerionen-
kollisionen um weitaus komplexere Reaktionen, in denen unterschiedliche Dichte- und
Temperaturphasen durchlaufen werden und die Teilchenmultiplizitdten viel hoher sind.
Weiterhin umfafit die Reaktion den gesamten Kern, wihrend sich in photonuklearen
Reaktionen die FSI auf einen Teilbereich entlang der Einschufirichtung des Photons
beschranken. Es ist relativ einfach, in solchen Reaktionen zwischen Effekten im ele-
mentaren Produktionsprozefl; der den Hauptbeitrag zur Teilchenproduktion ausmacht,
und in den FSI zu unterscheiden.

Um dies genauer quantifizieren zu konnen, befassen wir uns erst mit dem Faltungs-
modell aus Kapitel 6.3, um den Einflul der Spektralfunktion auf die Resonanzen unter-
suchen zu konnen. Die Beitriage der Resonanzen Ps3(1232), S11(1535) und D;3(1520)
zu photonuklearen Reaktionen sind unter der Beriicksichtigung der Grundzustandskor-

relationen durch
=g / d3

Kern

) ©(pr(p(M) — pn) o (V') (8.2)

gegeben; dabei handelt es sich um die Erweiterung von Gleichung (6.8) auf Offshell-
Nukleonen. Wie schon in Kapitel 6.3 erwdhnt, werden durch diese Modellrechnung
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Abbildung 8.3: Beitrage der P33(1232), S11(1535) und D;3(1520) zu photoninduzierten
Reaktionen an Calcium mit und ohne Nukleon-Spektralfunktion.

Mediumeffekte im Vergleich zur Rechnung mit FSI tendenziell iiberschétzt. Der ele-
mentare Querschnitt JfN in diesem Ausdruck ist durch Gleichung (6.9) gegeben.

In Abbildung 8.3 présentieren wir die Beitrége der verschiedenen Resonanzen zur
Photon-Kern-Reaktion. In die Rechnungen gehen neben der Nukleon-Spektralfunktion
keine Resonanzmodifikationen ein. Die Spektralfunktion macht sich durch die Absen-
kung der Resonanzmaxima um 7 — 10% bemerkbar, was durch die Verringerung der
V/s-Spektren (Abbildung 8.1) im Peakbereich erklidrt werden kann. Schwelleneffekte
sind aufgrund der kleinen Photonenergien nicht sichtbar. Zur Betrachtung verschiede-
ner Reaktionskanile wie z.B. yA — 7X miifite der elementare Wirkungsquerschnitt
UfN mit dem entsprechenden Verzweigungsverhéltnis multipliziert werden. Darauf ge-
hen wir in Kapitel 8.2.4 ein.

In Abbildung 8.4 zeigen wir die Massenspektren der im BUU-Modell in der Photon-
Nukleon-Reaktion erzeugten Resonanzen fiir die Photonenergien £, = 0.35 und E, =
0.8 GeV, die der ersten bzw. zweiten Resonanzregion entsprechen. Fiir die Ps3(1232)-
Resonanz bei E, = 0.35 GeV und die hoheren Resonanzen S1;(1535), D13(1520) bei
E, = 0.8 GeV beobachten wir wie bei den Resonanzquerschnitten eine leichte Re-
duktion der Maxima. Fir £, = 0.8 GeV sehen wir im Offshell-Massenspektrum der
P35(1232)-Resonanz zusétzlich eine deutliche Erhohung bei kleiner Resonanzmasse fix,
die durch den Teil des /s-Spektrums der Photon-Nukleon-Paare unterhalb von /s, ..

min
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Abbildung 8.4: Massenspektren der in der elementaren Reaktion vV an Calcium produ-
zierten Resonanzen Ps3(1232), S11(1535) und D;3(1520) fiir verschiedene Photonener-
gien. Die durchgezogenen und gestrichelten Histogramme zeigen den On- und Offshell-
Fall.

(siehe Abbildung 8.1) verursacht wird. Es handelt sich dabei um invariante Massen
von 1.15 — 1.35 GeV, die dem Resonanzmaximum der Ps3(1232) entsprechen. Dieser
Effekt fiihrt im iibrigen auch dazu, dafl die Resonanzquerschnitte in Abbildung 8.3
auf der abfallenden Seite (bei hohen Energien) im Offshell-Fall leicht hoher liegen. Im
Prinzip ist dies das Gegenstiick zum Subthreshold-Effekt, nur dafl er — wie schon in
den /s-Spektren in Abbildung 8.1 ersichtlich ist — viel ausgepréagter ist. Leider wird
sich diese Erhohung experimentell nicht beobachten lassen, da die Resonanzpeaks sehr
breit sind und auf der Hochenergieseite auch andere Kanéle beitragen.

Es fallt auf, daf8 es in Abbildung 8.4 fiir £, = 0.8 GeV nur Ps3(1232) und fast keine
anderen Resonanzen mit Massen unterhalb von 1.35 GeV gibt. Im Bereich unterhalb
von 1.35 GeV ist jedoch der Wirkungsquerschnitt y/N — P33 um ein Vielfaches héher
als oyn_g, oder o,ny_p,,, so dal die Wahrscheinlichkeit, dafl die Photon-Nukleon-
Reaktion zur Produktion einer Ps3 fithrt, im wesentlichen eins ist.
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Abbildung 8.5: Einflufl der Nukleon-Spektralfunktion auf den Wirkungsquerschnitt der
Reaktion 7*°Ca — 7°X im Resonanzbereich fiir die Potentiale (MM) (oben) und (H)
(unten).

8.2.2 Pionproduktion

Nachdem wir nun abgesteckt haben, welche Effekte wir im Resonanzbereich durch die
Spektralfunktion erwarten, wollen wir das Ergebnis der vollen BUU-Rechnung, d.h.
mit FSI betrachten. Wie schon angesprochen, kénnen wir hierdurch einschétzen, ob
es durch die FSI zu Offshell-Effekten kommt, die iiber die Modifikation der elemen-
taren Reaktion hinausgehen. Beim Pion handelt es sich dariiberhinaus um einen der
wichtigsten Freiheitsgrade des Modells.

In Abbildung 8.5 zeigen wir den Wirkungsquerschnitt fiir die Reaktion yA — 7°X.
Aufler der Nukleon-Spektralfunktion und der Oset-Parametrisierung der In-Medium-
Breite fiir die P33(1232), die in Kapitel 6.1.2 vorgestellt wurde, sind keine weiteren
Modifikationen enthalten. Die obere Abbildung zeigt die Rechnung mit dem Mean-
Field-Potential (MM), die untere mit dem Potential (H). In beiden Fillen zeigt sich,
da die Kurven der Onshell- und Offshell-Szenarien im wesentlichen {ibereinander-
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Abbildung 8.6: Eta-Photoproduktion an Calcium fiir verschiedene Potentiale mit und
ohne Nukleon-Spektralfunktion. Die Daten stammen aus [114].

liegen. Eine Ausnahme bildet die erste Resonanzregion, wo die Offshell-Kurve etwas
niedriger liegt. Dies ist aufgrund der Betrachtungen aus Abschnitt 8.2.1 nicht verwun-
derlich. Lediglich die Stéirke der Absenkung ist geringer als in Abbildung 8.3. Daf} die
Absenkung in der zweiten Resonanzregion nicht zu sehen ist, hingt damit zusammen,
dafl die Resonanzbeitrige hier nicht so dominant sind.

Wir fiigen hinzu, dal auch die zeitliche Entwicklung der Teilchenzahlen w#hrend
der FSI nur sehr schwach durch die Nukleon-Spektralfunktion beeinflult wird. Eine
Verschiebung der impulsdifferentiellen Wirkungsquerschnitte der detektierten Pionen
(sieche Abbildung 7.10) zu hoheren Impulsen wie in der Offshell-Rechnung von Schwe-
rionenkollisionen wird ebenfalls nicht beobachtet.

In den Kanilen mit geladenen Pionen zeigt sich dasselbe Verhalten, eine leichte
Reduktion (< 5%) im Delta-Bereich in der Offshell-Rechnung und nahezu eine Uber-
einstimmung der Kurven oberhalb. Auch Offshell-Rechnungen mit anderen Kernen
stimmen mit diesen Resultaten qualitativ iiberein und liefern keine neuen Erkenntnis-
se.

8.2.3 Etaproduktion

Wir gehen nun auf die Eta-Photoproduktion am Kern ein. Aufgrund der starken Do-
minanz resonanter Beitrdge zum Wirkungsquerschnitt YN — nN erwarten wir hier
ebenfalls die in Abbildung 8.3 sichtbare Reduktion im Bereich des Querschnittmaxi-
mums. Effekte unterhalb der Schwelle dagegen werden vermutlich nicht auftreten, weil
der Photonimpuls in der zweiten Resonanzregion nicht grof genug ist und auflerdem
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die absolute (kohérente) Schwelle bei £, ~ 550 MeV liegt. In Abbildung 8.6 ist das
BUU-Ergebnis fiir die Reaktion y*°Ca — nX mit den Potentialen (H) und (MM) zu
sehen. Die Onshell-Kurven entsprechen den Resultaten aus Abbildung 7.16 ohne Si;-
Mediummodifikation. Die Reduktion durch die Nukleon-Spektralfunktion schiebt die
Rechnung mit Potential (H) etwas néher an die TAPS-Daten, die mit Potential (MM)
etwas weiter weg. Jedoch miissen wir so nahe der Schwelle auch eine mégliche Modifi-
kation der Sii-Zerfallsbreiten durch die Nukleon-Spektralfunktion in Betracht ziehen.
Das untersuchen wir in Kapitel 8.2.4.

In den letzten beiden Abschnitten haben wir gesehen, dafl auch die vollen BUU-
Rechnungen nicht {iber die Effekte hinausgehen, die wir in Kapitel 8.2.1 fiir die elemen-
tare Reaktion abgeschétzt haben. Daher kénnen wir starke Auswirkungen der Nukleon-
Spektralfunktion in den FSI etwa durch das Verfahren der Offshell-Propagation auf
unsere Rechnungen ausschlieflen.

8.2.4 Einflufl der modifizierten Zerfallsbreite

Bislang haben wir in den resonanten Beitrdgen zu den Wirkungsquerschnitten im-
mer Vakuumbreiten verwendet. In Kapitel 6.4 haben wir den Einflul der Nukleon-
Spektralfunktion auf die Zerfallsbreiten der S1;(1535) im Medium untersucht. Abbil-
dung 6.9 zeigt, dafl die Zerfallsschwelle in N7 nicht mehr scharf ist; vielmehr reicht die
Breite in den Bereich von Resonanzmassen unterhalb von my + m,, hinein. Die Gréfie
der Breite wird hier mafigeblich durch den Resonanzimpuls und die Dichte bestimmt,
bei kleinen Impulsen ist auch das Pauli-Blocking wichtig. Solche Modifikationen treten
natiirlich auch fiir alle anderen Resonanzen auf und daher beschrinken wir uns auf
die Diskussion der Eta-Photoproduktion, da hier in erster Linie die Modifikation der
S11(1535) eine Rolle spielt.

Zunéchst betrachten wir wieder unser Faltungsmodell aus Kapitel 8.2.1, um die Aus-
wirkungen abschétzen zu konnen. Um tatséchlich die Reaktion yA — nX zu beschrei-
ben, miissen wir den elementaren Wirkungsquerschnitt o.,y_.g,, in Gleichung (8.2) mit
dem Verzweigungsverhéltnis fiir den Kanal N7 multiplizieren. Der Integrand lautet
also

Tny (ko> 5T Do 2my , Iy
.y 0 Ay p? - 20 8.3
ANz FtOt ( k ) (S - M§'11>2 + Srgot MS11 ‘ 1/2’ FtOt ( )
£ Fy

Auch in diesem Fall wird durch dieses einfache Modell der Einflufy der FSI vernachléssigt.
In Kapitel 7.3 haben wir gesehen, dafl es sich in der Eta-Photoproduktion dabei im
wesentlichen nur um Absorption handelt. Wir beschréinken uns im folgenden auf das
Potential (MM).

In Abbildung 8.7 betrachten wir verschiedene Szenarien fiir die Breitenmodifikation.
Die durchgezogene und gepunktete Kurve zeigt das Onshell- bzw. Offshell-Ergebnis, die
der Verwendung von Vakuumbreiten in Gleichung (8.3) entspricht. Fiir die Modifikation
untersuchen wir folgende Félle: Der Ausdruck (8.3) besteht aus zwei Faktoren F; und
F;, die die Bildung und den Zerfall der Resonanz beschreiben. Die dichtgepunktete
Linie zeigt den Fall, dal wir in F; und F5, die mediummodifizierten Breiten einsetzen.
Dadurch ergibt sich eine Erhohung der Kurve im gesamten Energiebereich sogar iiber
die Onshell-Kurve hinaus. Daf§ Pauli-Blocking bei den Resonanzimpulsen im zweiten
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Abbildung 8.7: Verschiedene Szenarien der Si;-Breiten fiir die Produktion und den
Zerfall des Beitrags der S;;-Resonanz zur Reaktion v%°Ca — nX in einem Modell
ohne FSI.

Resonanzbereich eine Rolle spielt, wird durch die strichgepunktete Kurve verdeutlicht.
Nahe der Schwelle wird der Querschnitt reduziert, im Bereich des Maximums etwas
erhoht. Dieses Szenario entspricht der Situation, dal die S;; am Ort ihrer Entstehung
zerféllt. Daher werden durch diese Rechnung die Einfliisse der Mediummodifikationen
(abgesehen von der Absorption durch die FSI) iiberschiitzt. Die gestrichelte Kurve
zeigt das andere Extrem. Hier verwenden wir in F} (also der Sp;-Produktion) die In-
Medium-Breite, in Fy (S1;-Zerfall) die Vakuumbreite. Das Resultat liegt unterhalb der
Onshell-Kurve. Die Verwendung des Mean-Field-Potentials (H) ergibt entsprechende
Resultate.

In Abbildung 8.8 zeigen wir die Ergebnisse der BUU-Rechnung mit FSI, wobei wir
uns wieder auf das Potential (MM) beschrianken. Die durchgezogene und gepunktete
Linie zeigt das Onshell- bzw. Offshell-Resultat mit der Vakuumbreite aus Abbildung
8.6. Die gestrichelte Linie veranschaulicht den Einflufl der In-Medium-Zerfallsbreiten
der Sy inklusive Pauli-Blocking. Damit unterscheidet sich diese Kurve in der Schwel-
lenregion leicht von der Onshell-Rechnung und dhnelt dem Verhalten der Rechnung
ohne FSI in Abbildung 8.7. Ahnliches gilt im iibrigen auch fiir Rechnungen zur Eta-
Photoproduktion an Blei.

Die strichgepunktete Linie zeigt eine Rechnung mit der modifizierten Lebensdauer
79 aus Kapitel 7.3.2 und der dazugehorenden Modifikation der Sy;-Wirkungsquerschnit-
te. Analog zur Onshell-Rechnung in Kapitel 7.3.2 ist eine Verschiebung der Kurve zu
kleineren Energien zu beobachten. Zusammen mit der Verschiebung durch die Breiten-
modifikationen kénnen die TAPS-Daten beschrieben werden.
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Abbildung 8.8: BUU-Ergebnis fiir die Reaktion v%°Ca — 7nX mit FSI. Die durch-
gezogene Linie zeigt das Onshell-Resultat, die gepunktete die Offshell-Rechnung mit
Vakuumbreite, die gestrichelte die mit modifizierter Breite. Die strichgepunktete Kurve
ergibt sich mit modifizierter Breite und der Lebensdauermodifikation der Sy; inklusive
der Modifikation der S;;-Wirkungsquerschnitte. Die Daten stammen aus [114].

8.2.5 Hohere Energien

Wie schon angesprochen, zeigt sich ein Subthreshold-Effekt in Photon-Kern-Reaktionen
vermutlich erst bei hohen Energien. Ein moglicher Kandidat wire das J/v¢ mit einer
Masse von 3.097 GeV. Die absolute Produktionsschwelle liegt hier bei einer Photon-
energie von etwa 3.2 GeV. Es gibt Daten zur elementaren Reaktion yp — J/1 p nahe
der Produktionsschwelle fiir £, > 11 GeV [142], die wir fiir unsere Betrachtungen
verwenden konnen.

Eine detaillierte Untersuchung im Rahmen des BUU-Modells setzt eine gute Be-
schreibung der Charm-Freiheitsgrade voraus und ist bislang nicht gewéhrleistet. Die
momentane Implementierung in den Hochenergieteil unseres Modells [143] wird eine
genauere Untersuchung in Zukunft ermdoglichen. Daher beschrénken wir uns auf das
Faltungsmodell aus den letzten Abschnitten, um zumindest den Einflufl der Grundzu-
standskorrelationen auf die elementare Reaktion beurteilen zu kénnen. Hier verwenden
wir als elementaren Querschnitt YN — J/1) N die Parametrisierung der angesproche-
nen Daten aus [131]. Das Modell vernachlissigt neben den FSI, auch den Shadowing-
Effekt, der bei diesen Photonenergien relevant ist [104].

In Abbildung 8.9 ist das Ergebnis fiir die Reaktion v “°Ca — J/1 X im Rahmen des

beschriebenen Modells. Wie vermutet, zeigt sich ein deutlicher Subthreshold-Effekt, der
die Schwelle zu deutlich niedrigeren Photon-Energien herunterzieht. Ob dieser Effekt
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Abbildung 8.9: Einflul der Grundzustandskorrelationen auf die Reaktion v %°Ca —
J/1 X ohne Shadowing-Effekt und FSI.

in dieser Ausprigung auch in einer Rechnung mit Shadowing und FSI zu finden ist,
148t sich momentan nicht beantworten.

8.3 Elektroninduzierte Prozesse

8.3.1 Einflufl auf den Elektron-Proton-Knockout

Wir kommen nun auf das Transparenzverhéltnis in A(e, €’p)-Reaktionen zuriick, das
wir in Kapitel 7.5 untersucht haben. Bei dem Prozefl v* N — N-Reaktion handelt es
sich um eine direkte Préparierung eines Teilchen-Loch-Paares, dhnlich wie in Kapitel
2.1.1 beschrieben. Der Zustand, den das auslaufende Nukleon oberhalb der Fermi-
Energie einnimmt, wird durch die Kinematik des Lochs und der des einlaufenden Pho-
tons bestimmt. Wir weichen nun von der Onshell-Behandlung in Kapitel 7.5 ab und
beriicksichtigen den Einflufl der Grundzustandskorrelationen und der Spektralfunktion
wéhrend der FSI.

Dabei gehen wir davon aus, daf§ die Ein-Teilchen-Niveaus bei héheren Q2-Werten
nicht vollstéindig besetzt sind (siehe Diskussion in Kapitel 7.5.5). Eine Q?-Abhéingig-
keit der Besetzungszahlen kann nicht durch BUU simuliert werden, sondern miifite
von auBen als Input (in Form von Spektralfunktionen, die auf einer geringeren Kor-
relationsstéirke basieren) vorgegeben werden. Abgesehen von dieser Diskussion ist es
interessant, den Einflul der Offshell-Behandlung der Nukleonen auf das Transparenz-
verhiltnis zu betrachten, da sich gerade hier Anderungen in der Propagation bemerkbar
machen konnen. Auf die Hochimpulskomponente der Impulsverteilung der Nukleonen
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Abbildung 8.10: Transparenzverhéltnis T'() fiir Gold in Abhéngigkeit des Protonwin-
kels fiir die SLAC-Werte fiir Q% aus Tabelle 7.1. Die durchgezogene Linie entspricht
der Rechnung mit Onshell-Nukleonen, die gestrichelte der Rechnung mit Nukleon-
Spektralfunktion.

im Grundzustand ist man aufgrund der Energie- und Impuls-Cuts der Experimente
nicht sensitiv, wohl aber auf die reduzierten Zustdnde unterhalb der Fermi-Kante.
Wir betrachten nun Anderungen in der Modellierung im Vergleich zur Onshell-
Version. Wir haben es nun in der priméren Reaktion eN — €N mit einem auslau-
fenden Offshell-Nukleon zu tun. Fiir feste Elektronenergie E ist im Onshell-Fall die
Wahrscheinlichkeit fiir einen bestimmten Streuwinkel ¢, durch do/dS) gegeben. Dies
konnen wir auch als massendifferentiellen Querschnitt schreiben (vgl. Gleichung (7.22)):

O 25— ma)
dQdp — do T

Fiir Offshell-Nukleonen ersetzen wir die Delta-Funktion durch die Spektralfunktion.
Das bedeutet, daf} es zwei unbekannte Groflen o., p gibt, deren Verteilung durch den
Wirkungsquerschnitt do/(d2du) gegeben ist. Dies ist anders als z.B. in der Resonanz-
formation YN — R mit einem reellen Photon. Hier ist die Masse der auslaufenden
Resonanz durch die Kinematik des einlaufenden Photons und des einlaufenden Nukle-
ons festgelegt. Im Fall der Elektronstreuung ist die Kinematik des virtuellen Photons
nicht festgelegt, sondern hingt von der Kinematik des gestreuten Elektrons ab, die
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durch den Wirkungsquerschnitt bestimmt wird. Die Entscheidung, wohin das Elektron
gestreut wird, wird im Onshell-Fall mafigeblich durch die Bedingung, daf§ das Nukleon
auf der Massenschale sitzen mufl (Delta-Funktion), beeinflufit. Daher macht es Sinn,
im Offshell-Fall diese harte Bedingung durch die Spektralfunktion aufzuweichen. Wir

haben also
do do

/
aQdn T A Py),

wobei im Medium die Komplikation hinzukommt, daf} die Spektralfunktion vom Impuls
des auslaufenden Nukleons (und damit auch vom Streuwinkel des Elektrons) abhéngt.
Diese Situation ist dhnlich wie in Kapitel 4.7.4. Daher miissen auch in diesem Fall
Streuwinkel und Masse simultan bestimmt werden. Jedoch machen wir wie in Kapi-
tel 7.5.3 von der Tatsache Gebrauch, dafl im experimentellen Akzeptanzbereich die
Winkelabhéngigkeit des Querschnitts konstant ist und bestimmen ¢, gleichverteilt.
Die Masse des auslaufenden Nukleons legen wir mit der in Kapitel 6.1.1 berechneten
Spektralfunktion fest; die Kinematik des einlaufenden Nukleons wird durch die Grund-
zustandskorrelationen beeinfluit. Sind Winkel und Masse akzeptiert, so iiberpriifen
wir, ob die Bedingung

MiQn - Q2 + Z(EVEN - ﬁwﬁN) = :U’gut

mit einem auflaufenden Elektron, das in den detektierten Bereich fallt, erfiillt werden
kann. Dabei handelt es sich um die ’Onshell’-Bedingung (7.23), die jetzt fiir ein Nukleon
mit Masse fioy erfiillt sein muf.

Wir beschranken uns im folgenden auf Rechnungen zum Transparenzverhéltnis an
Gold und vergleichen mit den SLAC-Daten bei Q? = 1.04, 3.06, 5.0 und 6.77 GeV?
[123]. In Abbildung 8.10 zeigen wir die Winkelabhéngigkeit des Transparenzverhéltnis-
ses T'(¢) als Funktion des Proton-Streuwinkels . Die Tendenz ist dahingehend, daf
die Offshell-Rechnung leicht hoher ist als die Onshell-Rechnung. Die Unterschiede sind
aber sehr gering und sinken mit steigendem Q2.

In Abbildung 8.11 sehen wir das Transparenzverhéltnis 7, ermittelt durch die bei-
den in Kapitel 7.5.4 beschriebenen Intergrationsbereiche. Wir sehen, dafl wie im Fall
der Winkelverteilung 7'(d) das Transparenzverhiltnis durch die Beriicksichtigung der
Nukleon-Spektralfunktion leicht steigt. Es ist aber auch ersichtlich, daf§ dieser Unter-
schied nur unmerklich gréfler ist als die Unsicherheit, die durch die Art der Winkelinte-
gration induziert wird. Dariiberhinaus werden die Diskrepanzen bei groen (Q?-Werten
sehr klein.

Auch durch dieses Ergebnis wird die Erkenntnis aus Kapitel 8.2 untermauert, dafl
die Offshellness mit Nukleonen in den FSI nur geringe Auswirkungen auf die Resultate
haben.

8.3.2 Etaproduktion

Wie schon erwihnt, sind die Modifikationen der S;;-Verzweigungsverhéltnisse in der
Schwellenregion umso deutlicher, je hoher der Resonanzimpuls ist. In Kapitel 7.4.2 ha-
ben wir uns schon mit der zweiten Resonanzregion in elektroninduzierten Reaktionen
beschiftigt, in denen die Sy; (je nach Q%) groBe Impulse haben kann. Daher sind solche
Reaktionen ein vielversprechender Kandidat, wenn es um deutlichere Signale der durch
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Abbildung 8.11: Winkelgemitteltes Transparenzverhéltnis 7 an Gold fiir die SLAC-
Werte fiir Q? aus Tabelle 7.1. Die Linien zeigen Rechnungen fiir On- und Offshell-
Nukleonen und Integrationen iiber den experimentellen Winkelbereich oder ein um
den Vorwirtswinkel Jy symmetrisches Intervall (sieche Kapitel 7.5.4).

die Nukleon-Spektralfunktion verursachten Zerfallsbreiten-Modifikation geht. Daneben
erwarten wir zum anderen nach den Diskussionen in Kapitel 8.1 bei grofleren Werten
von (Q? auch einen deutlichen Subthreshold-Effekt. Im Prinzip miite man auch in die-
sen Reaktionen die Kollisionsbreite der Si; beriicksichtigen. Allerdings werden in der
Reaktion v*N — Sj; Resonanzen mit Impulsen von etwa 3 GeV produziert, fiir die
wir keine Informationen iiber eine mogliche Kollisionsverbreiterung haben. Die Berech-
nung von Kollisionsraten wie in Kapitel 6.1.2 ist nicht ohne weiteres mdéglich, weil es
fiir N S11-Reaktionen bei solch groflen invarianten Massen keine Parametrisierung der
Wirkungsquerschnitte gibt. Auch eine Abschéitzung iiber den totalen Wirkungsquer-
schnitt NN — X wiirde nicht helfen, da hierdurch keine Aufteilung in absorptive und
nichtabsorptive Beitrdage zur totalen Kollisionsbreite moglich wére, welche aber fiir die
Verbreiterung bzw. Absenkung des Wirkungsquerschnitts am Kern essentiell ist [103].
Daher beschrianken wir uns hier auf die Modifikation der Zerfallsbreite.

Wie schon zuvor betrachten wir auch hier zunéchst die Situation in dem Faltungs-
modell aus Gleichung (8.2), wobei wir wie in der Eta-Photoproduktion verschiedene
Breitenmodifikationsszenarien fiir die Resonanzproduktion und den -zerfall betrachten.
Als Beispiel verwenden wir die JLab-Kinematik mit Q2 = 3.6 GeV? und einer Elektron-
energie von 4 GeV, die wir auch schon in Kapitel 7.4.2 untersucht haben und berechnen
jetzt analog zu Gleichung (8.2) den Wirkungsquerschnitt fiir die Eta-Elektroproduktion
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am Kern ohne FSI:

dUeA /
dE'dQ

Kern

dO'eN

) O(pr(p(7)) — pn) dEdQ’

wobei der Querschnitt der Elektron-Nukleon-Reaktion do.y/(dE'dSY) sich aus Glei-
chung (4.44) und dem resonanten Querschnitt fiir die Reaktion des virtuellen Photons
mit dem Nukleon 7*N — S;; — nN aus Gleichung (4.46) ergibt:

daeN—>S —nN
dE’dHQ = =T oy Nasu—nN,
r 11—
Oy*N—S11—Nyp = 08y, ° % (8.4)
11—X
o ko 2 SF FSll_>X 2mN A 2112 F511_>N77
=7 3 A (@) - =———
k (8 MSH) + SF511—>X MS“FO I1511_’)(

Wir beschranken uns wieder auf das Mean-Field-Potential (MM). In Abbildung
8.12 entspricht die durchgezogene Linie der Onshell-Rechnung ohne FSI, die auch in
Abbildung 7.25 zu sehen ist. Der leichte Unterschied in der Hohe kommt dadurch
zustande, dafl wir im Faltungsmodell (8.2) die wirkliche Woods-Saxon-Dichte aus Glei-
chung (5.15) verwenden, im BUU-Modell jedoch die Testteilchen-Dichte, die in Kapitel
5.5.1 diskutiert wurde, zum Einsatz kommt. Die gepunktete Linie zeigt die Offshell-
Rechnung mit Vakuumbreiten fiir die Produktion und den Zerfall der S;;. Wie auch
schon in vorhergehenden Betrachtungen liegt diese Kurve etwas unterhalb des Onshell-
Resultats. Die Beriicksichtigung der modifizierten Zerfallsbreiten unter der Annahme,
dafl die Resonanz am Ort ihrer Entstehung zerféllt, ergibt die strichgepunktete Kurve,
die deutlich oberhalb der Onshell-Linie verlduft. Der Unterschied ist mit etwa 15% im
Kurvenmaximum etwa doppelt so grofl wie im Fall der Eta-Photoproduktion in Abbil-
dung 8.7. Im vorliegenden Fall liegen die Resonanzimpulse oberhalb von 3 GeV (siehe
Abbildung 7.24), so dafi das Pauli-Blocking keine Rolle mehr spielt. Die gestrichelte
Linie zeigt schliellich das andere Extrem, dafl alle Resonanzen vor ihrem Zerfall ins
Vakuum laufen. Anders als in der Photoproduktion verlduft auch diese Rechnung leicht
oberhalb der Onshell-Kurve.

Im unteren Teil von Abbildung 8.12 diskutieren wir den Effekt der Nukleon-Spek-
tralfunktion auf die Produktion an der Schwelle genauer. Die absolute (koh#hrente)
Schwelle ist in der Eta-Elektroproduktion am Kern viel weiter entfernt als in der Pho-
toproduktion und liegt fiir die gewéahlte Kinematik bei

2 2
B = m, + % ~ 0.6 GeV.
Der in Abbildung 8.12 gezeigte Energiebereich beginnt bei 1.4 GeV und liegt damit
weit oberhalb der absoluten Schwelle.

Die Onshell-Rechnung verschwindet fiir Photonenergien oberhalb von 2 GeV. Die
gepunktete Kurve zeigt das Offshell-Szenario mit Vakuumbreiten in Gleichung (8.4), die
sich weit in den Subthreshold-Bereich hineinzieht. Dies wird allein durch die Photon-
Nukleon-Paare mit groflen invarianten Massen verursacht. Die Verwendung modifizier-
ter Zerfallsbreiten fithrt zu einer Vergroflerung des Querschnitts, die besonders stark
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Abbildung 8.12: Wirkungsquerschnitt e *°Ca — e'nX im Faltungsmodell ohne FSI fiir
die JLab-Kinematik bei Q% = 3.6 GeV2. Die Abbildungen zeigen verschiedene Szena-
rien der Breitenmodifikation fiir die elementare Reaktion und den Resonanzzerfall. Im
unteren Teil der Abbildung wird die Situation an der Schwelle im logarithmischer Skala
dargestellt.

ausfillt, wenn wir von einem Zerfall im Medium (strichgepunktete Kurve) ausgehen.
Fiir den Zerfall im Vakuum (gestrichelte Kurve) ist sie auch vorhanden, aber deutlich
geringer.

Neben einer Erhéhung des Wirkungsquerschnitts durch die In-Medium-Breiten im
gesamten Energiebereich bis zum Maximum zeigt sich also in der Eta-Elektroproduktion
in der Rechnung ohne FSI-Effekte ein deutlicher Subthreshold-Effekt. Wir gehen nun
etwas genauer darauf ein, wie es eigentlich zu der Erhohung des Wirkungsquerschnitts
kommt, wenn die modifizierten Breiten eingesetzt werden.

In Abbildung 8.13 zeigen wir daher den elementaren v*p-Querschnitt, der in Glei-
chung (8.4) eingeht, als Funktion der invarianten Photon-Proton-Masse. Dabei ent-
spricht og,, der Reaktion v*p — Si; (siehe Gleichung (8.3)). Wir sehen, dafl og,, fiir
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Abbildung 8.13: Elementare Wirkungsquerschnitte fiir v*p — S1; (mit og,, bezeichnet)
und v*p — S1; — np fiir Vakuum- (durchgezogene Linien) und modifizierte Breiten
(gestrichelte Linien).

Vakuum- und In-Medium-Zerfallsbreiten sehr dhnlich ist; beide Kurven erstrecken sich
in den Bereich unterhalb der Nn-Schwelle im Vakuum, denn in og,, geht die totale
Breite ein. Die beiden niedrigeren Kurven ergeben sich aus og,, durch Multiplikation
mit dem Nn-Verzweigungsverhéltnis I'y,,/Ior. Dies ist der Ausdruck, der in das Fal-
tungsmodell zur Berechnung von eA — e'nX (siehe Gleichung (8.4)) eingeht. Hier ist
zwischen Vakuum- und In-Medium-Kurve ein deutlicher Unterschied erkennbar; das
Vakuum-Ergebnis hat eine scharfe Schwelle bei /s = mx + m,,.

In oberen Teil von Abbildung 8.14 sind diese beiden Kurven nochmals zu sehen.
Im unteren Teil zeigen wir die Massenspektren der S1;(1535), die in der Reaktion
v*p gebildet werden konnen, fiir die in der Legende aufgefiihrten Photonenergien. Die
vertikale gepunktete Linie zeigt die N7n-Schwelle im Vakuum. Fiir eine Rechnung mit
Vakuumbreiten ist der Beitrag aller Ereignisse mit invarianten Massen links von dieser
Linie gleich null, weil dort der Vakuum-Querschnitt (durchgezogene Linie im oberen
Teil der Abbildung) verschwindet. Man sieht, daf es sich gerade bei kleineren Photon-
energien um den Grofiteil aller Photon-Nukleon-Paare handelt. In der Rechnung mit
modifizierten Breiten werden alle diese Ereignisse mit einem kleinen, aber endlichen
Querschnitt (gestrichelte Linie im oberen Teil der Abbildung) gewichtet, so daf in der
Summe die in Abbildung 8.12 zu beobachtende Erhohung des Wirkungsquerschnitts am
Kern resultiert. Die Starke dieser Erhohung nimmt erst dann ab, wenn der Hauptteil
des y/s-Spektrums oberhalb der Nn-Schwelle liegt.

Es bleibt nun noch zu iiberpriifen, ob die gezeigten Offshell-Effekte auch in der
vollstéandigen BUU-Rechnung mit FSI auftauchen.



204 8. Einfluf3 der Spektralfunktion auf die Teilchenproduktion

3 . , : : . :
v*p = np, Q’=3.6 GeV>
Vakuum-Breite
—_ 2+ - --- mod. Breite -
0
=
b>
1+
0H = "
------- 1.6 GeV |
sn ---- 2.0GeV
L5 Al \ % T 2.4 GeV A
5L ] n ——2.8GeV |
S A K S L H O 3 2 GeV
< 1.0F _
© -
N s
c ar
< -
0.5 _
0.0 bt e "'=-.,.- L .
1.0 1.5 2.0 2.5

\s [GeV]

Abbildung 8.14: Oben: Elementarer Wirkungsquerschnitt fiir v*p — S;; — np mit
Vakuum- und In-Medium-Zerfallsbreiten als Funktion der Resonanzmasse fiir die Kine-
matik Q% = 3.6 GeV2. Unten: Invariante-Massen-Spektren der ~* N-Paare. Die Zahlen
in der Legende entsprechen den unterschiedlichen Photonenergien.

In Abbildung 8.15 zeigen wir das Ergebnis der vollen BUU-Rechnung fiir die Reakti-
on e?Ca — e'nX fiir @* = 3.6 GeV? und dem Potential (MM). Die strichgepunkteten
und gepunkteten Kurven beinhalten keine FSI und entsprechen im Prinzip den Kurven
in Abbildung 8.12, abgesehen von dem schon angesprochenen Unterschied in der im
BUU-Modell verwendeten Teilchendichte und der Tatsache, dafl die S;;-Resonanzen we-
der alle am Entstehungsort noch alle im Vakuum zerfallen. Die durchgezogene Kurve in
Abbildung 8.15 ist die Onshell-Rechnung, die schon in Abbildung 7.25 zu sehen ist. Der
Vergleich mit der gestrichelten Offshell-Linie zeigt, dal der Unterschied aufgrund der
Offshell-Aspekte in der vollen Rechnung im Energiebereich oberhalb von 1.8 GeV weit
weniger ausgepragt ist als ohne FSI. Im logarithmischen Plot im unteren Teil der Abbil-
dung ist die Schwellenregion besser aufgelost. In Kapitel 7.4.2 hatten wir schon im Zu-
sammenhang mit Abbildung 7.27 angesprochen, daf§ die FSI in der Onshell-Rechnung
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Abbildung 8.15: BUU-Ergebnis fiir die Reaktion e 4°Ca — ¢/nX. Die Kurven zeigen die
Onshell- und Offshell-Resultate mit und ohne FSI. Die Offshell-Rechnungen beinhalten
die modifizierten Breiten. Der untere Teil der Abbildung bietet einen bessern Uberblick
iiber die Vorgénge in der Schwellenregion.

Beitréige bei Energien unterhalb der v*N — S11(1535) — nN-Schwelle erzeugen. Die
Onshell-Rechnung ohne FSI (strichgepunktete Linie), die nur Etas aus dem einzigen
Primérkanal v*N — S7; — nN beinhaltet, geht tatséchlich fiir hohere Photonenergien
gegen null als die Onshell-Rechnung mit FSI (durchgezogene Linie). Auffillig ist, daf
in der Schwellenregion die Offshell-Rechnungen mit (gestrichelte Linie) und ohne FSI
(gepunktete Linie), anderes als bei hoheren Energien, fast iibereinanderliegen und die
Deutlichkeit der Subthreshold-Beitrdge nicht durch die FSI gemindert wird. Jedoch
relativiert sich dies im Vergleich zur Onshell-Rechnung dadurch, dal auch durch die
FSI schon Stérke in den Subthreshold-Bereich verschoben wird, anders als etwa in der
Photoproduktion.

Im oberen Teil von Abbildung 8.16 présentieren wir die Aufteilung der BUU-Rech-
nungen mit FSI in primére und sekundére Eta-Mesonen. Dabei zeigt sich, dafl die
Unterschiede in den Onshell- und Offshell-Rechnungen fiir die sekundéren Etas etwas
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Abbildung 8.16: Oben: Vergleich der priméren und sekundéaren Etas aus der Reaktion
eCa — ¢/nX in der Onshell- bzw. Offshell-Rechnung. Letztere beinhaltet die modifi-
zierte Zerfallsbreite. Unten: Reaktionskanéle, aus denen die detektierten Eta-Mesonen
stammen. Die durchgezogenen Linien zeigen die Onshell-, die gepunkteten Linien die
Offshell-Ergebnisse. Erstere stimmen mit den Kurven aus Abbildung 7.27 iiberein. Die
Bezeichnungen N, 7N, nN, "Koll.” stehen fiir die Absorptionsreaktionen oder Kollisi-
onsreaktionen, in denen eine S1; produziert wurde, die in ein detektiertes Eta zerfallen
ist. "H.E.” gibt den Beitrag der hochenergetischen Reaktionen an. Die Késtchen liegen
so, daf sie die jeweils zusammengehorenden Onshell- und Offshell-Kurven bedecken.

kleiner sind als im Falle der priméren. Dies ist verstédndlich, weil es bei diesen hohen Im-
pulsiibertrigen hier groBe Anteile gibt, die aus Hochenergieprozessen (d.h. FRITIOF)
stammen, und die in der Onshell- und Offshell-Rechnung etwa identisch sind (siche
Kurven "H.E.” im unteren Teil der Abbildung). Im unteren Teil der Abbildung disku-
tieren wir die Beitrdge der verschiedenen Kanile, die zum Eta-Wirkungsquerschnitt
beitragen. Der primére Prozel YN — S zeigt die deutlichste Modifikation. Etas aus
dem ProzeB nN — S;; — nN und die Kollisionsreaktion BB — 571 B sind auch
leicht erhoht im Vergleich zum Onshell-Ergebnis, die aus 71N — S;; — nN liegen
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im Peakmaximum etwas unterhalb. Die hochenergetischen Reaktionen ("H.E.") liefern
fiir beide Szenarien dasselbe. Die Reduktion des Zuwachses im Offshell-Querschnitt im
Vergleich zum Onshell-Ergebnis im Bereich des Maximums héngt hauptséchlich damit
zusammen, dafl hier die sekundéren Beitriage, die die Hélfte des totalen Querschnitts
ausmachen, nur leicht modifiziert werden. Der Unterschied wird hier lediglich durch den
~vN-Anteil bewirkt und fallt in der Summe dann klein aus. Je weiter wir uns vom Ma-
ximum zu kleinen Photonenergien weghewegen, umso grofier wird der Offshell-Effekt.

Der Vollstandigkeit halber erwéhnen wir (ohne Beweis in Form einer Abbildung),
daB die Beitrédge in der Offshell-Rechnung mit FST im Photonenergiebereich der Schwel-
le zwischen 1.4 und 1.8 GeV durch die priméren Eta-Mesonen dominiert wird, oberhalb
davon — wie auch in Abbildung 8.16 ansatzweise zu sehen ist — kommt der Hauptbeitrag
von den sekundéren Etas, vor allem aus den Kanélen nN und wN.

Das Ergebnis dieses Abschnitts ist, dafl in der Elektron-Kern-Reaktion bei Q? = 3.6
GeV? die Offshell-Effekte entlang des Anstiegs im Wirkungsquerschnitts gréfier sind
als in der Eta-Photoproduktion, besonders im Subthreshold-Bereich. Wir haben hier
nur die Ergebnisse fiir Q? = 3.6 GeV? présentiert. Fiir Q2 = 2.4 GeV? ergeben sich
dhnliche, wenn auch nicht so deutliche Effekte. Fiir groflere Impulsiibertrige kann man
sicherlich mit einem stéarkeren Einflul der Offshell-Aspekte rechnen, weil sowohl die
Sensitivitdt auf die Hochimpulskomponenten der Spektralfunktion, als auch die Grofie
des Nn-Verzweigungsverhéltnisses unterhalb der freien Schwelle steigen wird. Ander-
erseits mufl man aufgrund der Q2 Abhiingigkeit der Amplituden einen noch kleineren
Wirkungsquerschnitt in Kauf nehmen.
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Kapitel 9

Zusammenfassung

In der vorliegenden Arbeit haben wir uns mit verschiedenen In-Medium-Modifikationen
von Nukleonen und Resonanzen beschéftigt und deren EinfluB auf photon- und elek-
troninduzierte Reaktionen im Nukleon-Resonanzbereich im Rahmen eines semiklassi-
schen BUU-Transportmodells studiert.

In Kapitel 2 haben wir einen Uberblick iiber die theoretischen Grundlagen aus
der Quantentransporttheorie gegeben sowie die Ableitung der Transportgleichung aus
den Kadanoff-Baym-Gleichungen angesprochen. Dariiberhinaus wurden unterschiedli-
che, in den bisherigen Arbeiten im Rahmen des Modells verwendete Transportglei-
chungen besprochen. Der Formalismus wurde in Kapitel 3 verwendet, um die Nukleon-
Spektralfunktion in Kernmaterie selbstkonsistent zu berechnen. Dabei zeigte sich, dafl
die Spektralfunktion im Lochsektor durch Phasenraumeffekte und die globale Stérke
der N N-Wechselwirkung im Medium dominiert wird. Pafit man diese an aufwendige
Vielteilchen-Rechnungen mit realistischen Nukleon-Wechselwirkungen an, so zeigen die
Spektralfunktionen bei konstantem Impuls als Funktion der Energie ein sehr dhnliches
Verhalten. Wir haben gesehen, dafl die Effekte der Selbstkonsistenz klein sind und die
Konvergenz bereits nach der dritten Iteration eintritt. Die Verletzung der Analytizitéat
der Selbstenergie macht sich in integralen Gréflen wie der Impulsverteilung oder der
Normierung der Spektralfunktion bemerkbar. Eine Beriicksichtigung des Realteils iiber
die Dispersionsrelation macht in unserem vereinfachten Modell der Wechselwirkung als
Fitparameter die Einfiihrung eines Formfaktors notwendig, der sich jedoch nur schwach
auf die Spektralfunktion selber auswirkt. Auch der Einflufl der Impulsabhéngigkeit oder
der Verwendung einer relativistischen Spektralfunktion ist méafig.

In Kapitel 4 haben wir eine Beschreibung fiir die in den vorliegenden Rechnungen
relevanten Aspekte des BUU-Transportmodells gegeben, wobei neben den Resonanzen
besonderes Gewicht auf die lokale Dichtendherung gelegt wurde, auf deren Basis die
Grundzustandskorrelationen in das Modell implementiert wurden. Auch das Mean-
Field-Potential der Nukleonen wurde im Hinblick auf diese Erweiterung diskutiert.

Die numerische Implementierung des Modells war das Thema von Kapitel 5. Hier
war ein wesentlicher Aspekt die Verwendung der Bewegungsgleichungen zur Beschrei-
bung der Offshell-Propagation. Wir haben eine einfache Erweiterung der Onshell-
Bewegungsgleichungen angewendet, in denen die Spektralfunktion durch Einfiithrung
eines Offshell-’Potentials’ beriicksichtigt wird. Fiir den Fall der Nukleonen wir diese
Vorgehensweise mit Bewegungsgleichungen verglichen, die iiber Testteilchenansétze di-
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rekt aus Transportgleichungen gewonnen wurden. Es zeigte sich, dafl die Methoden im
nichtrelativistischen Grenzfall iibereinstimmen. Im Rahmen eines einfachen Modells
wurden die Unterschiede untersucht und stellten sich als nicht allzu grof§ heraus. Im
iibrigen erscheint die gewéhlte Methode zur Offshell-Propagation numerisch erheblich
einfacher zu sein als die Umsetzung der abgeleiteten Offshell-Bewegungsgleichungen.
Die Implementierung der Grundzustandskorrelationen der Nukleonen ist schwierig, weil
die Nukleonen der entscheidende Freiheitsgrad des Modells sind; fiir die betrachteten
Reaktionen ist es wichtig, dafl der Kern iiber einen bestimmten Zeitraum der Simu-
lation numerisch stabil ist, was durch die Einfithrung der Korrelationen nicht mehr
unbedingt gewahrleistet ist.

In Kapitel 6 haben wir einen Uberblick iiber die In-Medium-Breiten von Resonanzen
gegeben und die Ergebnisse der Kollisionsraten und realistischer Resonanz-Loch-Modell
fiir die Resonanzen P33(1232), D;3(1520) und S11(1535) verglichen. Die Beobachtbar-
keit einer Kollisionsverbreiterung in resonanten Wirkungsquerschnitten haben wir in
einem einfachen Faltungsmodell untersucht. Es hat sich gezeigt, dafl die Vergréflerung
der In-Medium-Breite in exklusiven Reaktionen weniger in einer Verbreiterung im Wir-
kungsquerschnitt, sondern eher in einer Reduktion resultiert. Fiir die Nukleonen haben
wir die Spektralfunktion fiir Reaktionen oberhalb der Fermi-Energie durch Auswertung
der Kollisionsraten mit den Nukleon-Wirkungsquerschnitten berechnet und auf der
Massenschale eine gute Ubereinstimmung mit anderen Modellen gefunden. Die Diskus-
sion der Modifikation der Resonanz-Zerfallsbreiten durch die Nukleon-Spektralfunktion
haben wir anhand des Beispiels der S31(1535) durchgefithrt: Die Moglichkeit eines
Zerfalls in ein leichtes Nukleon im Medium weicht die scharfe Schwelle z.B. fiir den
Nn-Zerfall stark auf. Dieser Effekt ist besonders gro3 bei hohen Dichten und hohem
Resonanzimpulsen.

In Kapitel 7 haben wir verschiedene Reaktionen zu photon- und elektroninduzier-
ten Prozessen am Kern im Rahmen des BUU-Modells untersucht. Dabei haben wir die
Nukleon-Spektralfunktion aulen vor gelassen. Nach einer Beschreibung der Berech-
nung und der numerischen Umsetzung der Wirkungsquerschnitte am Kern haben wir
die experimentellen Daten der TAPS-Gruppe zur 7°-Photoproduktion an MAMI mit
unseren Daten verglichen. Aufgrund der ausgesprochenen Datenfiille konnten verschie-
dene Aspekte der Resonanzmodifikation und Effekte der FSI betrachtet werden. Neben
der schon in fritheren Arbeiten gefundenen Hinweisen zur Giite der Beschreibung der
FSI im Resonanz-Pion-Sektor zeigte sich, dafl die Daten mit den in Kapitel 6 beschrie-
benen Resonanzmodifkationen in Einklang stehen. In der zweiten Resonanzregion ist
hier zu klédren, inwieweit sich Modifikationen des Zwei-Pion-Wirkungsquerschnitts am
Nukleon auf unsere Rechnungen auswirken. Die Modifikation der D13(1520) steht auf-
grund der in Kapitel 6 gefundenen Insensitivitat exklusiver Querschnitte am Kern nicht
im Widerspruch zu den experimentellen Daten im Rahmen der Single-7’-Produktion.

Im Bereich der Eta-Photoproduktion haben wir eine umfassende Ubersicht aller ex-
perimenteller Daten in der zweiten Resonanzregion an verschiedenen Kernen gegeben.
Hier haben wir gefunden, daf§ die Beschreibung der Daten — insbesondere der Quer-
schnittmaxima — durch die Verwendung eines impulsbhéngigen Mean-Field-Potentials
fiir die Nukleonen gelingt. Geringe Abweichungen im Bereich der Schwelle schienen sich
durch andere Konzepte fiir die Resonanzlebensdauer als den iiblicherweise in Trans-
portmodellen verwendeten verringern zu lassen. Eine Modifikation der Si;(1535) ist im
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Einklang mit den Betrachtungen in Kapitel 6 nur sehr klein und wirkt sich nicht auf die
Rechnungen aus. Die Wirkungsweise der FSI auf die Etas ist hauptséchlich absorptiv,
sekundére Beitrdge sind im betrachteten Energiebereich vernachléssighar.

Genauere Informationen, insbesondere iiber die Impulsabhéngigkeit der Resonanz-
selbstenergien, konnten durch elektroninduzierte Pion- oder Eta-Produktionsreaktionen
am Kern gewinnen lassen, da in solchen Reaktionen der Impulsiibertrag frei gewéhlt
werden kann. In der Eta-Elektroproduktion am Kern bei JLab-Kinematk haben wir eine
Verdnderung der FSI festgestellt, die nun anders als in der Photoproduktion aufgrund
der groflen Impulsiibertrdge in der elementaren Reaktion auch Quelle signifikanter se-
kundérer Beitrdge zum Eta-Wirkungsquerschnitt am Kern sind.

Die Experimente zum Proton-Transparenzverhéltnis in Proton-Knockout-Reaktio-
nen — urspriinglich zur Auffindung der der Eintrittsschwelle des Farbtransparenzeffekts
gedacht — liefern einen weiteren Mafistab, der die Giite der FSI, die im BUU-Modell
implementiert sind, beurteilen kann. Wir haben im Vergleich zu allen experimentellen
Daten der SLAC- und JLAb-Experimente eine hervorragende Ubereinstimmung fiir
verschiedene Kerne mit unseren BUU-Rechnungen gefunden, unabhéngig von verschie-
denen modellabhéngigen Verfahrensweisen zur Extraktion dieser Daten.

In Kapitel 8 schliefilich haben wir den Einflul der Nukleon-Spektralfunktion auf
photon- und elektroninduzierte Reaktionen im Resonanzbereich diskutiert. Zunéchst
haben wir uns einen Eindruck iiber die kinematische Situation verschafft und vir-
tuelle Photonen als auf die Grundzustandskorrelationen besonders sensitive Proben
ausgemacht. Der EinfluB auf Wirkungsquerschnitte im Resonanzbereich manifestierte
sich durch eine leichte Reduktion in den Resonanzquerschnitten. In der vollen BUU-
Rechnungen mit FSI konnten in der inklusiven w%-Photoproduktion keine weiteren
Effekte entdeckt werden, was den Schlufl nahelegt, dafl die Vorgehensweise der Offshell-
Propagation in den FSI keinen Einflufl auf die Ergebnisse hat. In der Eta-Photoproduktion
haben wir die modifizierte Zerfallsbreite der S11(1535) implementiert und eine Erhéhung
des Wirkungsquerschnitts am Kern bis zum Kurvenmaximum gefunden. Zusammen
mit der modifizierten Lebensdauervorschrift ergab sich hier eine sehr gute Beschrei-
bung der TAPS-Daten. Auch auf das Transparenzverhéltnis, das sensitiv auf die FSI
des Nukleons ist, hat die Nukleon-Spektralfunktion einen sehr geringen Einflu}. Die
Eta-Elektroproduktion bei grofien Q2-Werten ist aufgrund des grofien Impulstransfers
sensitiver auf die Grundzustandskorrelationen und die Zerfallsbreitenmodifikation als
die Photoproduktion. Tatséchlich ergab sich im Eta-Wirkungsquerschnitt am Kern ne-
ben der auch in der Photoproduktion sichtbaren Erh6hung ein deutlicher Subthreshold-
Effekt, der durch die modifizierte Breite noch verstéarkt wurde. Beides konnte durch die
Beitrdage von Photon-Nukleon-Paaren mit invarianten Massen unterhalb der freien Nn-
Schwelle erkléirt werden. Die Verwendung der Spektralfunktion beschréankt sich bislang
auf kinematische Effekte, wohingegen die Wirkungsquerschnitte — besonders fiir die
FSI - weitgehend diejenigen im Vakuum sind. Eine weitergehende Untersuchung kénn-
te jetzt auf Effekte, die durch die explizite Modifikation der Querschnitte verursacht
werden, zielen.
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Anhang A

Erginzungen zu Kapitel 2

A.1 Greens-Funktionen und Selbstenergien

In Kapitel 2 wurde das Konzept der Greens-Funktionen eingefiithrt. Wir fithren nun
die verschiedenen Greens-Funktionen auf. Mit Hilfe der chronologischen und antichro-
nologischen Zeitordnungsoperatoren T° und T lassen sie sich als Funktion der Feld-
operatoren wie folgt schreiben:

ig(X,Y) = (T[(X)'(Y)]) (A1)
ig"(X,Y) = (T (X' (Y)]) (A.2)
ig” (X,Y) = (p(X)w'(Y)) (A-3)
—ig=(X,Y) = (0" (V)9 (X)). (A.4)

Von diesen sind nur jeweils zwei unabhéngig. Die chronologische und antichronologische
Greens-Funktion kann durch die Korrelationsfunktionen ausgedriickt werden:

g9(X,Y) =0(z" —y")g” (X,Y) + O(y° — 2°)g= (X, Y)
gHXY) =00 - 2" (X,Y) +0(z° —°)g=(X,Y).

Ebenfalls Verwendung finden die retardierte und avancierte Greens-Funktion:

gXY) =02 —°)g7(X,Y) — g~ (X, V)] (A.5)
gV(XY) =0y — ") [g=(X,Y) — g7 (X, Y)]. (A.6)
Ahnlich sind retardierte und avancierte Selbstenergie gegeben durch
SN, Y) = Si(X, Y) 4 00 — )57 (X,Y) ~ DY) (A7)
YY(X,Y) = Shr(X,Y) + 0> — 2°)[Z5(X,Y) - 27(X,Y)]. (A.8)

Dabei ist Ypgr der Hartree-Fock-Beitrag zur Selbstenergie.

A.2 Normierung der Spektralfunktion

Wir wollen die Normierung der Spektralfunktion, Gleichung (2.11), beweisen. Hier-
zu verwenden wir, dal die Korrelationsfunktionen aus Feldoperatoren in Heisenberg-
Darstellung bestehen. In einem System wie Kernmaterie kann es nur eine Abhéngigkeit
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vom Betrag des Abstandes von X und Y geben. Daher folgt
g7 (X,Y) =g=7(R+U/2, R=U/2) = g7 (U/2,=U/2) = g~~ (U, 0).
Es folgt also mit den Antikommutatorrelationen (2.3)

7§—ja<w,p)= / i (@.0) — i9"(.)]

—0o0

2 [ dtuelig? (.0) ~ ig(U.0)
/d4ue

T (U)N0) + 1 (0)w(0))

/
/
/ e (0 (o (U (0) + T (0)w(T))

- / 0 6%(i) =

Wie in Kapitel 2.2.2 beschrieben wird, ist die Spektralfunktion auch im Nichtgleichge-
wicht im Rahmen der Gradientenentwicklung erster Ordnung weiterhin auf eins nor-
miert.

A.3 Der Mean-Field-Anteil zur Selbstenergie

Wir betrachten nun den Hartree-Fock-Beitrag zur Selbstenergie etwas genauer. Die
Auswertung der Diagramme in Abbildung 2.3 mit Feynman-Regeln ergibt den Aus-
druck

Sue(X,Y) = 6a” ~ )57 - ) [ 2ol - Dl-ig* (", 52 D)+
(@ — §)ig= (2, 7 2", 7).
In Kernmaterie kénnen alle vorkommenden Gréflen nur vom Betrag der Relativkoor-

dinate U = X — Y abhéngen. Die Korrelationsfunktionen sind in diesem Fall reell, da
die beiden Zeitargumente identisch sind:

—ig=(a®, 7;2°, 9) = (W1(2°, D)p(2°, 7)) = (W' (", P, 7))
=<¢T($°7f)w($°7§)>* (—ig=(a", 7 2%, 7))

Offenbar ist Ypp(X,Y) dann auch reell. Desweiteren gilt Ypp(X,Y) = Zgrp(u®, @) =

Yur(—u®, —u). Es ist nun leicht zu zeigen, da die Wigner-Transformierte ebenfalls
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reell ist:
d*u eV Syp(u®, @)

/
/ eV Sygp (—, )
/

EHFWp

d4u e—zPUE (UO, ﬂ,')*

Yur(w,p)*.

A.4 Greens-Funktion, Selbstenergie und Spektral-
funktion

Wir wollen nun die Beziehungen (2.25) - (2.29) beweisen (siehe [4, 14]). Zunéchst leiten
wir die explizite Darstellung der retardierten Greens-Funktion, Gleichung (2.25), her.
Dabei gehen wir von den Kadanoff-Baym-Gleichungen (2.39) aus. Die beiden Gleichun-
gen lassen sich mit Definition (2.23) zu einer Bewegungsgleichung fiir ¢"* zusammen-
fassen:

2
(2% + vm) gret(X, Y) = (54(X — Y) + /d4l’/2r6t(X, X’)gret(X’,Y)_

Die linke Seite dieser Gleichung schreiben wir mit Hilfe der Wigner-Transformierten

ret
d4p —1 p2 re
LS. = / We P (W - %> g t(w7p>~

von ¢"" wie folgt:

Auf der rechten Seite héngt die Delta-Funktion nur von den Relativkoordinaten ab und
kann daher durch ihre Fourier-Transformierte (= Wigner-Transformierte) dargestellt
werden. Der zweite Term ist etwas schwieriger, doch kann man im Gleichgewicht durch
Einsetzen der Wigner-Transformierten von X' und g™ zeigen, daf

re re d4p —1 re re
[t X g ) = [ e g )

gilt. Zusammen erhélt man

2
p ret ret ret
- — =14+X
(&= £) ™) = 1+ 2™ )
1

w — % - Eret(w,p)'

PN gret(w’p> —

Als néchstes beweisen wir Gleichung (2.26). Aus der Definition der retardierten
Greens-Funktion ergibt sich sofort

ret . 0 d4p/ —iP'U /AN
g(U) = —iO(u’) We a(w',p’).
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Dann gilt weiterhin mit der Wigner-Transformierten

gret<w>p) — /d4u€iPUgrEt<U),

daf}
1 *
Im g (w,p) = (9" (w,p) = g""" (w.p))
1 'y’ —i(P'— —i(P—P’
=—§/d4u@(u0)/wa(w',p’)[e (P P)U+€ (P P)U}
e’} 0
1 d4 / ) —iud (W' —w ud (W' —w
:—5/@—&a(w’,p/)@ﬂ)?’ég(p/—ﬁ)[/duoe “ )—/duoe -],
0 0

0

Nach Substitution der Integrationsvariablen x° — —z° im zweiten Term der eckigen

Klammer folgt

2y () = [ Gl 2R~ B - P

= a(w,p).

Praktisch analog kann man Gleichung (2.27) herleiten. Insgesamt folgt dann die Dar-
stellung der retardierten Greens-Funktion:

a(w,p) = —21Im g"*(w, p)
_ om | ¥” % — ReX™(w, p) + i ImXE"* (w, p)
(w = £ — Rert(w,p))” + (ImIre(w, p))?
['(w,p)

(w — % — ReZ“’t(u),p))2 + iF(w,p)Q.

In dhnlicher Weise folgt der Zusammenhang (2.29) zwischen dem Real- und Ima-
ginirteil der retardierten Selbstenergie. Hier gilt zuniichst! (sieche Gleichungen (A.7)
und (2.27))

d4p/ -
Y (i, ul) = —i@(uo)/ (2%)4672 (W', p).

Es folgt
1 x
ReS™ (w,p) = 5[5 (w,p) + 5w, )]

; 4,/
=3 / L /d4u@(“0)r(w',p/) [e7 =PI (PRI

2) (2n)*
00 0
' dw’ L L
— _% / 2il"(ujl,p/) [/ duO e—z(w —w)ul / du(] e—z(w —w)uo} ]
T
0 —00

"Wir vernachlissigen hier den rein reellen Hartree-Fock-Beitrag zur Selbstenergie.
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Wir betrachten nun den Ausdruck in den eckigen Klammern:

o 0
[] e lln(l) /duo e-i(w’_w—i&)uo o / duO e—i(w/_w+i€)u0
£—
0 —0o0

: 1 1
= lim [ —— N T -
=0\ —i(w —w—ie) —i(w —w+ie)
J— y , J—
— lim 2i(wW — w)
0 (@ — w)2 + &2

Mit dem Cauchy’schen Hauptwert konnen wir also schreiben:

Rezret(w7p) — 73/ dlr(w 7p>

0T w—w'

Soweit haben wir ein System im Gleichgewicht diskutiert. In Kapitel 2.2.2 erwéhnen
wir, daf§ die Gleichungen (2.25), (2.28), (2.29) auch im Rahmen der Gradientenent-
wicklung erster Ordnung in einem Nichtgleichgewichtssystem Bestand haben.



218 A. Erginzungen zu Kapitel 2




Anhang B

Eigenschaften der Teilchen mit
Strangeness und Charm

B.1 Baryonen mit S = —1

I Zerfallswahrscheinlichkeiten in %
Y(Mo/MeV) | iy TAr TNK [ 57 [ 57 [ Ay | NE* | Am
A(1116) 0 ol 0o lo0o] o010 0 0
3(1189) 0 ol o lo0o] o010 0 0
P13(1385) 36 8] 0 | 12] 0 [0 0 0
Sp1(1405) 50 0] o [100] 0 | O 0 0
D3(1520) 16 0 | 46 | 43| 11 | 0 0 0
Py1(1600) 150 | 0] 3 [65] 0 [0 0 0
P11(1660) 100 |40 20 [ 40 ] 0 |0 0 0
Sp1(1670) 35 025 [45] 0 [30] 0 0
D15(1670) 60 5157 0|0 0 0
Do3(1690) 60 0253045 |0 0 0
S11(1750) 90 1030 [60] 0 |0 0 0
Dy5(1775) 120 [[20] 45 [ 5 | 10 | 0O 0 20
Sp1(1800) 300 [[ 0] 35 [35 ]300 |0 0 0
P,1(1810) 150 | 0] 3 [20] 0 | 0] 45 0
Fy5(1820) 80 0] 60 |12 28 | 0 0 0
Ds(1830) 95 0 5 603 |0 0 0
Py3(1890) 100 | 0] 30 [ 1030 |0 30 0
F15(1915) 120 [[45] 10 [ 45 ] 0 | O 0 0
F17(2030) 180 [[25] 25 [ 10 | 15 | © 5 20
Go7(2100) 200 [[ 0 [ 30 |5 45|01 20 0
Fy5(2110) 200 [[ 0] 15 [30] 0 | 0] 55 0

Tabelle B.1: Eigenschaften der Baryonen mit Strangeness-Quantenzahl S = —1. M,
und I'y bezeichnen die Resonanzmasse und die Breite auf der Resonanzmasse.
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B.2 Baryonen mit S < —1 und/oder C' =1

M, Iy Zertalls-
[MeV] | [MeV] 107 8| ¢ kanal
=15 0 [idH]-2]0
=0 1530 | 95 [1EN)[-2)0] E=x
Q | 1672 0 o2 [-3]0
A, | 2285 0 ot ]o]1
Y, | 2455 0 |13 ]o]1
12530 | 15 |1 [0o]1] Ar
.| 2466 | 0 |[idD)]-1]1
=l2645 | 4 LD [-1]1] Ex
Q. | 2704 0 ol |21

Tabelle B.2: Eigenschaften der beriicksichtigten Baryonen mit Strangeness-
Quantenzahl S < —1 oder Charm-Quantenzahl C' = 1.

B.3 Mesonen mit Strangeness und Charm

Meson U\Z\Z ({/} [l\/fe OV] J| 1T | S| C | Zerfallskanéle

Ne 2980 0 (0] 0 |0]0

J/W | 3097 0 |[1] 0 [0]0

D 1869 0 |0|1/2]0]1

D 1869 0 01/2]0 |-1

D* | 2007 1 1[1/2|0|1|D~x

D* 2007 1 111/2(0|-1|Dnr

D, 1969 0 |0 0 |1]T1

Dy 1969 0 |0] 0 [-1]-1

D | 2112 | 1.9 |0| O | 1| 1 | Dyvy(94%), Do (4%)
Dz 2112 | 1.9 |0 | O |-1|-1]| Dsvy (94%), Dsm (4%)

Tabelle B.3: Eigenschaften der Mesonen mit Strangeness und Charm.



Anhang C

Der skalierte Wirkungsquerschnitt
fir yN — X

In diesem Anhang beschéftigen wir uns mit dem skalierten Wirkungsquerschnitt fiir die
Reaktion YN — N (siehe Kapitel 4.7.6). Wir zerlegen den gemif Gleichung (4.40)
bestimmten totalen kohérenten Wirkungsquerschnitt 01;%; ~Nr i Anteile, die den ein-
zelnen in BUU implementierten Reaktionen YN — R und YN — N7 (Untergrund)
zugeordnet werden konnen. Wie schon in Kapitel 4.7.6 beschrieben, kann man auch
fiir diese inkohérente Wirkungsquerschnitte o2y, z und o2y _,,, definieren, indem man
in Gleichung (4.40) nur die resonanten bzw. nur die Untergrundamplituden beriick-
sichtigt. Allerdings beschreibt die inkohérente Summe dieser Anteile nicht den totalen
Wirkungsquerschnitt [20]. An Proton und Neutron gibt es jeweils zwei Isopsinkanéle
k = pn°, nwt bzw. k = nn®, pr~. Wir schreiben fiir den kohirenten Wirkungsquer-

schnitt zur Ein-Pionen-Produktion:

doe

koh — [ g2 N=Nm dUS%IHNW _ a0 deN—»R—»k yN—bg(k) Cc1
U’yN—>N7r - dQ - Z Z dQ ( . )

mit den skalierten, effektiven Querschnitten

eff ink
dUWN—>S11—>k _ do‘“/N—>511—>k

df2 dQ
oS ppgr _ AONN g/ doh do g
d2 ZR?éSn,bg do-lvr}{(faR,bg—»k/dQ ds2 dQ)

Die Summen iiber k£ laufen dabei iiber die beiden Isospinkanile. Aus den in Kapitel
4.7.6 beschriebenen Griinden wird die S11(1535) separat behandelt und der effektive
gleich dem inkohérenten Querschnitt gesetzt (dieser entspricht Gleichung (4.42)). Der
Ausdruck fiir die anderen Kanéle in der zweiten Zeile folgt daraus dann sofort. Den
Faktor vor der Klammer kann man als interpretieren als Wahrscheinlichkeit fiir einen
bestimmten Kanal aufler der Si;. Die Definition der effektiven Wirkungsquerschnitte
erfiillt die Forderung

dg};(il}k _ Z do—";ngHRﬂk + do"?gfv_’bg(k)
ds? ds? ds?

R
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. In der bisherigen numerischen Realisierung wird Gleichung (C.1) von auflen nach
innen umgesetzt:

1. Bestimmung des Winkels
2. Bestimmung des Isospinkanals &
3. Bestimmung, ob eine Resonanz oder Untergrund produziert wird

Die Punkte 1. und 2. sind prinzipiell austauschbar (dies entspricht lediglich dem Aus-
tausch von Integral und Summe in Gleichung (C.1)).

Einzuwenden ist, daf§ die Bestimmung des Winkels mit dem vollen winkeldifferenti-
ellen Wirkungsquerschnitt vorgenommen wird, d.h. inklusive aller resonanten Anteile.
Verwendet wird der Winkel jedoch nur fiir die Untergrund-Pionen (da die Resonanzen
propagiert werden). Weiterhin miissen wir laut Gleichung (4.38) in einer Rechnung mit
Offshell-Nukleonen die Masse und den Streuwinkel auslaufender Nukleonen simultan
bestimmen. Dies ist in der momentanen Vorgehensweise nicht moglich. Daher verwen-
den wir eine neue Methode, bei der der Winkel zuletzt bestimmt wird (d.h. wenn klar
ist, daf tatsdchlich Untergrund-Pionen produziert werden).

Wir setzen also an:

R VRS (z )
daeifvﬁb k
-z(zaww+ [~ I

mit
eff ink
'yN—>S11—>k yYN—R—k (C?))
O.ink
eff _ YN—=Rbg—k koh ink
O"yN—>R7bg—>k: - Z ink (O"yN—Jc - U’yN—»Su—Jc) (04)
R#S11,bg YN —R,bg—k
und H .
€ koh _ ~ink in
e OyN—S1u—k “TyN—bg(k) (C.5)
QS ink a5
R#S11,bg 'YNﬁRubg—ﬂc

Diese ersten beiden Ausdriicke entsprechen den obigen effektiven Querschnitten mit
dem Unterschied, daf§ dort winkeldifferentielle und hier totale Wirkungsquerschnitte
eingehen. Der erste Faktor auf der rechten Seite von Gleichung (C.5) héngt nicht vom
Winkel ab, d.h. die Streuwinkel werden tatsédchlich geméafl des inkohéarenten, winkeldif-
ferentiellen Querschnitts des Ein-Pionen-Untergrundes bestimmt.

Geméfl Gleichung (C.2) gehen wir nun wie folgt vor:

1. Bestimmung des Isospin-Kanals
2. Bestimmung, ob Resonanzen oder Untergrund produziert wird

3. Im Falle des Untergrundes: Bestimmung des Streuwinkels.
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600
600 1
N
sool. TPo>Nr | ’ yn—>N=n
. . 500+ A ; i
------- inkoh. Beitrag inkoh. Beitrag
= 400 skalierter Beitrag 1 400! 1 skalierter Beitrag |
= ;
o 300+ 7 300}
200+ 1 200+
100+ 1 100+
0 0
120+
80+ 1
100+
o 60f
21 80+
©
40l 60}
40t
20t
20t
0 - T = 0 : =
1.0 1.2 1.4 1.6 1.8 1.0 1.2 1.4 1.6 1.8
\s [GeV] \s [GeV]

Abbildung C.1: Vergleich zwischen dem inkohérent ermittelten und dem skalierten
totalen Wirkungsquerschnitt zur Ein-Pion-Produktion aus Gleichung (C.3).

Wie oben schon gesagt, kann wie hier auch in der alten Methode prinzipiell der Isospin-
Kanal zuerst bestimmt werden, ohne das Ergebnis zu dndern. Das ist wichtig, denn
somit bleiben die Verhéltnisse zwischen den unterschiedlich geladenen Pionen in beiden
Vorgehensweisen dieselben.

Unterschiede zwischen den beiden Methoden bei Rechnungen am Kern sind im
Energiebereich bis 1 GeV vernachléssigbar. Dies gilt fiir alle totalen und differentiellen
Wirkungsquerschnitte.

Wir betrachten nun, wie die skalierten Wirkungsquerschnitte fiir die verschiedenen
Kanile im Vergleich zu den inkohérenten Querschnitten aussehen. In der oberen Reihe
in Abbildung C.1 sind die totalen Wirkungsquerschnitte an Proton und Neutron sowie
die Beitrige der P33(1232) zu sehen. Man sieht, daf§ die Summe der inkoh&renten
Querschnitte besonders im Bereich der zweiten und dritten Resonanzregion oberhalb
der Summe der skalierten Querschnitte (d.h. per Konstruktion der totale kohérente
Querschnitt) liegt. In der unteren Reihe sind die anderen Beitrége zu sehen. Generell
haben die inkohdherenten Beitrige die Tendenz, oberhalb ihrer skalierten Gegenstiicke
zu liegen. Insgesamt sind die Unterschiede aber nicht allzu grof.
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