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Kapitel 1
Einleitung

In der vorliegenden Arbeit soll die Gamma-Kern-Reaktion fiir Gammaener-
gien zwischen 300 und 1200 MeV untersucht werden. In diesem Energiebe-
reich ist davon auszugehen, dal koharente Effekte der Gammaabsorption eine
untergeordnete Rolle spielen. Die Absorption geschieht also im wesentlichen
an einzelnen Nukleonen. Da der Gamma-Nukleon-Wirkungsquerschnitt im
betrachteten Energiebereich zum groflen leil von Nukleonenresonanzen be-
stimmt wird, erméglicht die Untersuchung der Gamma-Kern-Reaktion ein
Studium von Nukleonenresonanzen im nuklearen Medium.

Die vorliegende Arbeit beruht auf einem BUU-Transportmodell, das bisher
sehr erfolgreich fiir die Berechnung von Schwerionenkollisionen und Pion-
Kern-StéBen verwendet wurde [1, 2, 3, 4]. Mit, Hilfe von Schwerionenkolli-
sionen bei EinschuBenergien zwischen 500 MeV und 2GeV/A, wie sie am
SIS an der GSI durchgefiihrt werden, versucht man Informationen iiber die
Zustandsgleichung von Kernmaterie zu erhalten, um letztlich die Frage zu be-
antworten, welche Eigenschaften komprimierte Kernmaterie hat. Diese Fra-
gestellung ist von fundamentaler Bedeutung beim Studium der frithen Hoch-
dichtephase des Universums und in der Astrophysik bei der Behandlung von
Neutronensternen oder Supernovae-Explosionen.

Man weill zwar, dal Nukleonen, also Protonen und Neutronen, aus Quarks
und Gluonen, die nach heutigem Wissen als elementar angesehen werden,
aufgebaut sind und kennt deren Wechselwirkung im Rahmen der Quanten-
chromodynamik (QCD). Aufgrund des nicht-pertubativen Charakters der
QCD bei kleinen Energien (,infrared slavery“), sind die QCD-Gleichungen
allerdings nur mit numerisch sehr hohem Aufwand (Lattice-QCD) 16sbar,
und man ist daher noch weit davon entfernt, ein einziges Nukleon mit sei-
nen angeregten Zustdnden im Rahmen der QCD beschreiben zu kénnen. Im
Rahmen der Kernphysik hat es sich zudem bewéhrt, die innere Struktur von
Nukleonen und Mesonen zu vernachldssigen.
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Bei Berechnungen von Schwerionenkollisionen mit dem BUU-Modell hat sich
gezeigt, daB bei Einschufenergien von 1-2 GeV/A und zentralen Stéfien die
Anzahl der angeregten Nukleonenzustinde in der Hochdichtephase bis zu
30% der Anzahl der Nukleonen betragt. In diesem Zusammenhang wird
hiufig von Resonanzmaterie gesprochen [5]. Die Resonanzen, insbesondere
das A(1232), spielen eine wichtige Rolle sowohl fiir die Ergebnisse in der
Teilchenproduktion als auch fiir die Beschreibung der globalen Reaktions-
dynamik. Daher ist die Kenntnis der Wechselwirkung von Resonanzen mit
Kernmaterie von grofiem Interesse.

Wiéhrend in der Pion-Kern-Reaktion das Pion mit sehr groBler Wahrschein-
lichkeit an der Oberfliche des Kerns - also bei geringer Dichte - absorbiert
wird, spielen in der Gamma-Kern-Reaktion Abschirmeffekte nahezu keine
Rolle, da der elementare Gamma-Nukleon-Wirkungsquerschnitt sehr klein
ist. Das Gamma wird also in erster Linic bei mittlerer Kerndichte absorbiert
und kann dort Nukleonenresonanzen anregen.

Die einfachsten Observablen der Gamma-Kern-Reaktion sind zum einen der
totale Absorptionswirkungsquerschnitt und zum anderen Pion- und Etapro-
duktionswirkungsquerschnitte. Fiir die Berechnung der Mesonenproduktion
ist die Kenntnis der Wechselwirkung dieser Mesonen mit Kernmaterie ent-
scheidend, das heifit, das Studium der Gamma-Kern-Reaktion mit dem BUU-
Modell kann Hinweise daraul geben, ob das BUU-Modell die Mesonendyna-
mik korrekt behandelt.

Zur Gammaabsorption am Kern im hier betrachteten Energiebereich gab es
erste Messungen in den 80er Jahren, zum Beispiel [6], die jedoch mit einer
schlechten Energicauflosung durchgefithrt wurden, und sich nicht tiber den
gesamten Fnergiebereich erstreckten. In den 90er Jahren kam dann der expe-
rimentelle Durchbruch mit den Messungen in Frascati [7] fiir Gammaenergien
bis 1.2 GeV und in Mainz [8] bis 800 MeV. Die Gammas stammen in diesen
Experimenten aus dem Bremsstrahlungsspektrum eines abgelenkten Elek-
tronenstrahls. Die Energie des Gammas wird aus der Messung der Energie
des abgelenkten Elektrons bestimmt (,,Photonen-Tagging®). Dieses Verfahren
setzt einen leistungsfahigen Elektronenbeschleuniger mit hohem Tastverhalt-
nis in Verbindung mit einem hochauflésenden Photon-"Tagging-Spektrometer
voraus. Um eine zeitliche Korrelation zwischen Tagging-Spektrometersignal
und Detektorsignal zu erreichen, bendtigt man zudem schnelle Detektoren.
In Frascati wurde der Gammaabsorptionswirkungsquerschnitt fiir eine grofie
Klasse von Atomkernen aus der Messung des transmittierten Photonenflusses
bestimmt. In Mainz wurde als Target ein Urankern verwendet und der Ab-
sorptionswirkungsquerschnitt unter der Annahme bestimmt, daff fiir diesen
Kern jede Gammaabsorption zu einer Kernspaltung fithrt. Diese Messun-
gen liefern das Ergebnis, dafl der Gammabsorptionswirkungsquerschnitt pro

Nukleon fiir alle Kerne ab einer Massenzahl von 12 im Rahmen der Mef}-
genauigkeit gleich ist. Gegeniiber dem elementaren Wirkungsquerschnitt am
Proton sieht man eine deutliche Verbreiterung des Deltapeaks und ein Ver-
schwinden der héheren Resonanzen.

Experimente zur Pionenphotoproduktion gab es bereits in den 60er Jahren,
da man bereits damals erkannte, daf} sich Photonen aufgrund ihrer schwachen
Wechselwirkung mit Nukleonen hervorragend zur Untersuchung von Kern-
materie eignen. Aufgrund der angesprochenen technischen Entwicklung gibt
es neue Experimente auf diesem Gebiet, die am Elektronenbeschleuniger MA-
MT in Mainz zum groflen Teil mit dem Detektor TAPS durchgefithrt, werden.
AuBlerdem wurde dort der Etaproduktionswirkungsquerschnitt fiir verschie-
dene Kerne gemessen [9]. Zu diesen Experimenten gibt es bereits Rechnungen
mit Hilfe des BUU-Modells [10].

In der vorliegenden Arbeit soll nun untersucht werden, ob der experimentell
bestimmte Gammaabsorptionswirkungsquerschnitt am Kern im Rahmen ei-
nes semi-klassischen Iransportmodells verstanden werden kann. Hierzu wird
in Kapitel 2 zunéchst das verwendete BUU-Modell dargestellt, wobei inshe-
sondere die numerische Realisation diskutiert wird.

Da fiir die vorliegende Arbeit das BUU-Modell um die hoheren Nukleonen-
resonanzen erweitert wurde, wird in Kapitel 3 im Detail auf die verwendeten
Wirkungsquerschnitte und Zerfallsbreiten fir die Nukleonenresonanzen ein-
gegangen.

Die Berechnung der In-Medium-Breiten aus diesen Resonanzeigenschaften
fiir die in der Gammaabsorption relevanten Resonanzen ist in Kapitel 4 dar-
gestellt.

In Kapitel 5 wird die Zerlegung des elementaren Gammaabsorptionswir-
kungsquerschnittes an Proton und Neutron in die verschiedenen Kanéle und
Resonanzbeitrage behandelt. Auflerdem wird die Implementierung der Gam-
ma-Kern-Reaktion in das BUU-Modell diskutiert und dargestellt, wie der ele-
mentare Wirkungsquerschnitt in Kernmaterie modifiziert wird. Hierzu wird
auf die Ergebnisse aus Kapitel 4 zuriickgegriffen.

Schlieilich werden in Kapitel 6 die Ergebnisse der Rechnungen zur Gam-
maabsorption und Photoproduktion mit den experimentellen Daten und den
Ergebnissen anderer Modelle verglichen.
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EINLEITUNG

Kapitel 2

Das BUU-Modell

In der vorliegenden Arbeit wird die Gamma-Kern-Reaktion im Rahmen einer
Transporttheorie untersucht. Dazu wird die sogenannte Boltzmann-Uehling-
Uhlenbeck-Gleichung ! verwendet. Abgesehen von Pauli-Faktoren, die 1928
von Nordheim [11] und spéter von Uehling und Uhlenbeck [12] zur Beschrei-
bung fermionischer Systeme eingeftihrt wurden, handelt es sich dabei um
die klassische Boltzmann-Gleichung. Diese Gleichung basiert auf der Vlasov-
Gleichung, die die zeitliche Entwicklung der Phasenraumdichte eines Systems
nichtstoBender Teilchen beschreibt. Die Boltzmann-Gleichung enthélt zusatz-
lich einen Kollisionsterm, um dem Einflufl von Teilchenstéfen Rechnung zu
tragen. Mit ihr lassen sich daher Nichtgleichgewichtsprobleme, die beispiels-
weise in der Hydrodynamik auftauchen, behandeln.

Seit 1984 haben sich Transporttheorien, die auf der BUU-Gleichung oder
ahnlichen Gleichungen basieren, zur Beschreibung von Schwerionenkollisio-
nen durchgesetzt [1]. Da diese Arbeit auf der BUU-Gleichung basiert, soll
in Kapitel 2.1 die physikalische Bedeutung der BUU-Gleichung diskutiert
werden. In Kapitel 2.2 wird dann die numerische Losung dieser Gleichung
behandelt.

2.1 Grundlagen

Betrachtet man in der klassischen Mechanik ein System von N Teilchen, so
gilt fir die N-Teilchen-Phasenraumdichte fn(r7,72,..., "8, P1, D2, -, PN, 1)
der Liouvillsche Satz, wonach die Phasenraumdichte in der Umgebung eines
gemif den kanonischen Gleichungen bewegten Punktes des Phasenraums

Yin der Literatur auch als Vlasov-Uehling-Uhlenbeck-Gleichung (VUU), Boltzmann-
Nordheim-Gleichung oder Landau-Vlasov-Gleichung bezeichnet
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zeitlich konstant ist, das heifit:

dfy _ Ofn
dt — 0ot

Die Poisson-Klammer ist gegeben als:

N (afy OH f)lef)H)

+[fn.H] =0 (2.1)

[fx, H] = e e
' ; or;  dp; Opr O
Dabei ist H die das jeweilige System charakterisierende Hamiltonfunktion,
die wir im folgenden der Einfachheit halber fiir ein System identischer, nicht-
relativistischer Teilchen, die einer impulsunabhingigen Zweiteilchen-Wech-
selwirkung V' unterliegen, ansetzen:

N =2
H=3 0+ 3 V() (23)
i=1 2m 1<J

Aus der Liouville-Gleichung (2.1) fiir das N-Teilchensystem kann man die
sogenannte BBKGY?2 Hierarchie ableiten, die ein System von N gekoppelten
Integro-Differentialgleichungen fiir die 1- bis N-Teilchen-Phasenraumdichten
darstellt. Die Berechnung der S-Teilchen-Phasenraumdichte setzt allerdings
die Kenntnis der (S+1)-Teilchen-Phasenraumdichte voraus, also schlieflich
die Lésung der Liouville-Gleichung. Die einfachste Naherung ist, die N-Teil-
chen-Phasenraumdichte fy (71,73, ..., 7N, P1, P2, - - ., PN, 1) als Produkt von 1-
Teilchen-Phasenraumdichten anzusetzen:

N
fN(T‘_i,T_é, s 774?\/-]7_iap42~, s 7pR’7t) = H fl(ﬁ*];iat) (24)

i=1

Mit diesem Ansatz fallen die N Gleichungen der BBKGY-Hierarchie zu einer
einzigen zusammen (f = fi):

A f QMg f  OH.s Of

dt ot ap  or or  ap
01, 5T o0
- - 2 _ J— — <
ot + m Or vt ap 0 (2)
)
mit Hy,y =1 40U
2m

Dies ist die sogenannte Vlasov-Gleichung. Sie entspricht der Liouville-Glei-
chung fir ein Teilchen, das sich in einem &uBeren Potential / bewegt. In der

2Bogoliubov-Born-Kirkwood-Green-Yvon

2.1. GRUNDLAGEN

-1

Vlasov-Gleichung ist U jedoch eine Funktion der Phasenraumdichte f(7, 7, t)
und im Fall der Hamiltonfunktion 7 aus Gleichung (2.3) gegeben durch:

U7, 1) = / FF B O VEF) & dp (2.6)

Der Ansatz (2.4), also die Vernachldssigung aller dynamischen Teilchenkorre-
lationen 2 ist sinnvoll, falls die Teilchen lediglich schwach miteinander wech-
selwirken, sich also weitgehend unabhéngig voneinander bewegen. Dies sollte
zum Beispiel fiir diilnne Gase gut erfiillt sein.

Die BUU-Gleichung erhélt man nun, indem man Gleichung (2.5) einen Stof-
term hinzufiigt, welcher beriicksichtigt, dafi ein Teilchen durch einen Stof
mit einem anderen in ein anderes Element des Phasenraums gestreut werden
kann:

LLID = 8L — Ll = [ Epadps
x {=T(pipz — paps)frfa(l — fa)(1 — f4)
P —= i) el = )= )} (2.7)

T(pips — papa) ist dabei die Ubergangswahrscheinlichkeit aus den Phasen-
raumzellen um (7, p1) und (7, p3) nach (¥, p3) und (7, p3). Der erste Term in
der geschweiften Klammer stellt also einen Verlust-, der zweite einen Gewinn-
Term dar. Die Faktoren (1— f) sind die einleitend erw&hnten Pauli-Faktoren,
die eine Streuung in besetzte Phasenraumzellen unterdriicken. Diese sind nur
sinnvoll, falls die Normierung der N-Teilchen-Phasenraumdichte f(7,p,t) so
gewihlt ist, daB:

d*p L -
ey e

wobei g den Entartungsgrad der Einteilchen-lmpulszustinde bei Existenz
innerer Freiheitsgrade angibt. Fiir Nukleonen ist wegen Spin und Isospin
g=4. Schreibt man die Ubergangswahrscheinlichkeit 1" in den entsprechenden

differentiellen Wirkungsquerschnitt 4%

& um, so ergibt sich:

“dQ ’
X {=fifo(1 = f3)(1 = fa) + faful = f1)(1 = fo)}  (2.9)

Dabei sind vyy die Relativgeschwindigkeit von Teilchen 1 und 2 und £ der
Winkel zwischen p; und p3 im Schwerpunktsystem von Teilchen 1 und 2.

¢ e - do . = = - -
Lalfi] = (OT]P/ &py Pps dQ vy == 6% (71 + Py — p5 — pa)

3Korrelationen, die sich in fermionischen Systemen wegen des Pauli-Prinzips ergeben,
werden in der Initialisierung beriicksichtigt und bleiben in der dynamischen Entwicklung
aufgrund des Liouvillschen Theorems erhalten.
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Neben dem beschriebenen klassischen Zugang zur Vlasov-Gleichung gibt es
auch verschiedene quantenmechanische Ansitze. In [13] findet sich eine Her-
leitung ausgehend von der zeitabhdngigen Hartree-Fock-Theorie. Hierzu wird
vorausgesetzt, dafl das Potential U lokal ist und héhere Ableitungen von
U als VU vernachlissigbar sind. In [2] wird die BUU-Gleichung aus der
zeitabhdngigen G-Matrix-Theorie gewonnen.

Vergleicht man vollstandig quantenmechanische Rechnungen zum Beispiel
fiir niederenergetische SchwerionenstoBe mit aul der Vlasov-Gleichung basie-
renden, so stellt man fest, dafl die Losung der Vlasov-Gleichung eine gute
Néiherung an zeitabhéngige Hartree-Fock-Rechnungen im Sinne einer globa-
len Beschreibung der Reaktionsdynamik darstellt.

Bei einer Erweiterung des Modells auf verschiedene Teilchensorten erhélt
man fiir jede Teilchenspezies eine eigene Transportgleichung, die aber mit
den anderen tiber den Kollisionsterm und das jeweilige Potential U gekoppelt
ist. Der Kollisionsterm schreibt sich dann als Summe iiber die verschiedenen
StoBmoglichkeiten, wobei fiir Bosonen im Endzustand natiirlich der Pauli-
faktor entfallt. Da in der vorliegenden Arbeit die Gamma-Kern-Reaktion bis
zu Gammaenergien von 1 GeV untersucht werden soll, ist es notwendig, alle
angeregten Nukleonenzustande bis zu einer Masse von ungefahr 1.7 GeV in
den Transportgleichungen zu beriicksichtigen. Schematisch kénnen wir die
gekoppelten Gleichungen folgendermafen schreiben:

Dfy = an(fw, Jaqese), [naasoys - Sz fose - )
= [Q{N + ]Q{A + ];’\\/iN(144()) +oo ]ﬁ.\% + [;/\7V(144IJ)N77 +..
Df rA(1232) - - - .
./A(1232] = . (,/Na ,/A(1232)7 ./N(1440)ﬁ coy fr)
LN (1440)

D fN(1440) = F (sz fL\(lQSE)s fN(1440)s N ST )

Df: = Fcrou(f/\w fA(lZSQ]v fN(1440)~, v Jm )
D fr, = Fj,”(f,/\h fg\’(1535)-, fn) s
(2.10)

wobei D den Differentialoperator auf der linken Seite der BUU-Gleichung
in Gleichung (2.7) darstellt. Die Punkte stehen fiir hohere Baryonen- oder
Mesonenresonanzen.
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2.2 Numerische Realisation

2.2.1 Die Testteillchenmethode

Die Standard-Methode zur Losung des Systems gekoppelter Integro-Differen-
tialgleichungen aus (2.10) besteht in der Diskretisierung der Phasenraumver-
teilungsfunktionen f. Wir ersetzen also die kontinuierlichen Verteilungsfunk-
tionen durch eine endliche Anzahl von sogenannten Testteilchen:

[ p.t) =

LSRR (2.1)
wobei N die Anzahl der Testteilchen pro Nukleon, also die Anzahl der En-
sembles bezeichnet. Die Summe erstreckt sich iiber die in allen Ensembles
vorhandenen Teilchen der entsprechenden Teilchenart.

In unserem Modell wird die sogenannte parallele Ensemble-Methode verwen-
det. Dies bedeutet, daff Stofle nur zwischen Testteilchen aus dem gleichen
Ensemble stattfinden konnen, wihrend das mittlere Feld /' und die in die
Pauli-Faktoren (1 — f) eingehenden Phasenraumdichten aus der Mittelung
iber alle Ensembles gewonnen werden.

Setzt man den Ansatz (2.11) in die Vlasov-Gleichung (2.5) ein und beriick-
sichtigt, daf:

ot = N - —5=0 (7’ - 7l(t)) é (P - pz(ﬂ) r;

af 1 )
oF

(7= A(0) 3= 1) /) ,

so sieht man, daB die Vlasov-Gleichung gelost wird, falls 7i(¢) und pi(t) den
klassischen Hamilton-Gleichungen gehorchen:
5 o= —VU (2.12)
;o= B (2.13)
m

Um relativistischen Effekten in der Teilchenpropagation Rechnung vu tragen,
muf die nichtrelativistische Hamiltonfunktion (2.3) durch eine relativistische
ersetzt werden, so dafl die Einteilchen-Hamiltonfunktion H,,; gegeben ist als:

Hog = \B*+(m+ 872+ Ay (2.14)

F=P A

mit,
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Dabei sind nun P der generalisierte Impuls, (Ao, LT) ein Vektorpotential und S
ein skalares Potential. Die Extraktion von (A,, I) und S aus einem nichtrela-
tivistischen Potential U, das beispielsweise aus einer Hartree-Fock-Rechnung
gewonnen wird, ist jedoch nicht eindeutig. Wenn man ein impulsunabhéngi-
ges U in ein skalares Potential S umschreibt, ergibt sich ein impulsabhéngiges
S. Deshalb wird aus Griinden der Einfachheit im Ruhesystem des Kerns der
Ansatz gemacht:

(Ao A) = (U,0)
S =0

Daraus folgt dann:
”:fo:f (2.15)
pio+m
Das Problem besteht nun in der klassischen zeitlichen Entwicklung eines Sys-
tems von Testteilchen. Durch Diskretisierung der Zeit ¢ wird dieses Problem
gelost durch:

P+ AL = pit) = ALVU(, ) (2.16)
pi

In jedem Zeitschritt mufl dann noch der Kollisionsterm berticksichtigt wer-
den, das heifit, die Testteilchen haben die Moglichkeit miteinander zu stofien,
und Resonanzen zerfallen gemal entsprechender Zerfallsgesetze. Als Zeit-
schrittweite hat sich At = 0.5fm/c bewéahrt.

it + At)

Fi(t) + At (2.17)

2.2.2 Initialisierung

Aus der elastischen Elektron-Kern-Strenung ist die Protonenverteilung im
Kern recht genau bekannt. Unter der Annahme, dal der Verlauf der Dich-
teverteilung fiir Protonen und Neutronen gleich ist, werden die Testteilchen
gemal:

g1 )
p(r) = po [He > ] (2.18)

ro = 1.124fm AY? o = (0.02/1 A3 4 0.29) fm

im Ortsraum verteilt.
Die Initialisierung im Tmpulsraum erfolgt unter Benutzung einer lokalen Tho-
mas-Fermi-Ndherung. Die Impulse der Testteilchen werden also innerhalb

2.2. NUMERISCHE REALISATION 11

einer Fermikugel mit Radius py homogen verteilt, wobei

3

3 . \
pr =\ §TFZP (2.19)

der lokale Fermi-Impuls ist.

Fir 12C und *°Ca wurde zu Testzwecken fiir die Initialisierung auch auf
die Ergebnisse einer Hartree-Fock-Rechnung [14] zuriickgegriffen. Die Im-
pulsverteilung der Nukleonen erfolgt nun mit einem modifizierten Fermi-
Impuls. Die totale kinetische Energie 1' ergibt sich aus den Hartree-Fock-
Wellenfunktionen [14]:

A /TdBr , (2.20)
21

2 ,A ) .)
mit 7= Z |V\]7(, (‘f’)|‘
a=1

Falls die Impulse der Nukleonen innerhalb einer Fermikugel mit Radius pp
homogen verteilt werden, ist die kinetische Energie andererseits gegeben

durch: . o 1 (%
pPdp 4 3, . ‘
- %d':*/*‘ &r 221

Zm/ 75 dp pa om ] 5 prpdr ( )

Durch Vergleich von (2.20) und (2.21) erhdlt man:

5 5T
2

p?, = L
Py 30

Dieser FFermi-Impuls verschwindet jedoch nicht fiir grofie r und ist daher fiir
unsere Zwecke unbrauchbar. In Gleichung (2.20) konmen wir aber die Diver-
genz eines Vektorfeldes zum Integranden hinzuaddieren, ohne den Wert des
Integrals zu verdnderen, falls das Vektorfeld fiir grofie r hinreichend schnell
verschwindet. Durch Wahl des Vektorfeldes proportional zu 6/) ist es nun
moglich, einen Fermi-Impuls zu erhalten, der fiir grofie r verschwindet:

(2.22)
2.2.3 Das mittlere Feld
Das mittlere Feld U wird angesetzt als [2]:
. 3 n 7 T -, 3 67“|F7FI| -7 PN
U(7) = =top(¥) + <tsp(7)” + Vo /d ' ————p(7") (2.23)
4 8 . w7 — |
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Die ersten beiden Terme stammen dabei aus einem Skyrme-Potential, das
sich aus einer effektiven Zweiteilchen-Wechselwirkung, die aus einer §-Kraft
und einer dichteabhéingigen J-Kraft besteht, ergibt. Der dritte Term stellt
ein Yukawa-Potential dar. Fiir Protonen kommt noch ein Coulomb-Beitrag
hinzu, der im Rahmen dieser Arbeit allerdings vernachlassighar ist. Fir die
Parameter verwenden wir:

4
to = —1124MeV fm® t3 = 2037 MeV fm?* 7 = 3

Vo = —378MeV  p=2.175fm™!

Damit ergibt sich [iir unendlich ausgedehnte Kernmaterie eine Sattigungs-
dichte po=0.17/fm® bei einer Kompressibilitit K=238 MeV und einer Bin-
dungsenergie von 16 MeV pro Nukleon.

Da in die Bewegungsgleichungen der Gradient des Potentials U aus Gleichung
(2.23) eingeht, ist es notwendig, eine hinreichend glatte Dichteverteilung p(7)
zu verwenden. Diese Dichteverteilung wird auf einem Gitter mit Kantenliange
1fm bestimmt. Bei einer Testteilchenzahl, die aus technischen Griinden fiir
schwere Kerne auf 200 his 1000 beschrankt ist, tragen pro Gitterpunkt bei
Dichte pg lediglich 34 bis 170 Testteilchen zur Dichte bei, was zu sehr grofien
Schwankungen in der Dichteverteilung insbesondere am Kernrand fithrt. Aus
diesem Grund werden die Testteilchen fiir die Berechnung der Dichte nicht
als Punktteilchen angenommen, sondern als GauB-Pakete. Somit erhalten wir
eine geschmierte Dichte g, die gegeben ist als:

1

P0= N 2 o sy

1
A=1fm

—(F=r3)?

e (2.24)

In Abbildung 2.1 ist nun dargestellt wie die zeitliche Entwicklung eines ru-
henden “°Ca-Kerns in unserem Programm aussieht. Initialisiert wurde mit
einer Dichteverteilung aus einer Hartree-Fock-Rechnung, wobei die Impulse
nach Gleichung (2.19) unter Benutzung der ungeschmierten Anfangsdichte
verteilt wurden.

Man sieht, dafi die zeitlichen Schwankungen der Dichteverteilung im 10%-
Bereich liegen. Wir kénnen also davon ausgehen, dall im Anfangszustand ein
stabiler Kern vorliegt. Fiir die Gamma-Kern-Reaktion ist insbesondere die
initialisierte Dichteverteilung entscheidend, da das Gamma von einem Nu-
kleon absorbiert wird bevor die Zeitentwicklung des Systems einsetzt.

Die geschmierte Dichteverteilung zeigt an der Oberflache eine deutliche Ab-
weichung von der Testteilchenverteilung. Tir die hier betrachtete Gamma-
Kern-Reaktion ist dies jedoch nicht sonderlich relevant, da sowohl die mit
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initialisierte Dichte 1

"""" t=10 fm/c -
fffffff t=20 fm/c
s t=30 fm/c E
"""""" t=40 fml/c

- 1=50 fm/c 4

0(0,0,2) [1/m°]

z [fm]

Abbildung 2.1: Zeitliche Entwicklung der Dichteverteilung eines “°Ca-Kerns
im BUU-Programm. Der Unterschied zwischen der initialisierten Dichte
und der zum Zeitpunkt t=0 ergibt sich aufgrund der Verschmierung (Glei-
chung (2.24)).

der geschmierten Dichte berechneten Potentiale als auch die Pauli-Blocking-
Funktionen die Reaktionsdynamik nur unwesentlich beeinflulen. Entschei-
dend ist vielmehr die wirkliche Verteilung der Testteilchen, die in den Kolli-
sionsterm eingeht.

Mit der diskutierten Initialisierung lassen sich auch die Bindungsenergien von
Kernen zufriedenstellend wiedergeben. Als Mafistab mufi dabei ein Tropf-
chenmodell dienen, das einen Volumen-, Oberflachen- und Coulomb-Term
beinhaltet, da dariiber hinausgehende Beitrage in einem semi-klassischen
Transportmodell nicht beriicksichtigt werden kénnen. Fiir 4°Ca ergibt sich
mit dem BUU-Modell eine Bindungsenergie von -8.4 MeV pro Nukleon. Dies
entspricht genau dem Wert des Trépfchenmodells mit den Parametern aus
[15]. Tiir 20%Ph erhalten wir -9.8 MeV (Trépfchenmodell: -8.9 MeV).

In Abbildung 2.2 wird die zeitliche Schwankung der Dichteverteilung fiir ver-



14 KAPITEL 2. DAS BUU-MODELL
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Abbildung 2.2: Schwankungen der Dichteverteilung mit verschiedenen In-
itialisierungen. Die durchgezogene Linie entspricht der Initialisierung in Ah-
bildung 2.1. Die Striche (2) ergeben sich, wenn der Fermi-Impuls mit der
geschmierten Anfangsdichte berechnet wird. Fiir die Punkte (3) wurde ei-
ne Woods-Saxon-Verteilung gemaB Gleichung (2.18) initialisiert. Die Strich-
Punkte (4) entsprechen einer Initialisierung im Impulsraum nach Gleichung
(2.22).

schiedene Moglichkeiten der Initialisierung verglichen. Hierzu wird die Dichte
im Schwerpunkt des Kerns als Funktion der Zeit betrachtet. Man erkennt,
daB eine Initialisierung der Impulse gemafi Gleichung (2.22) ausscheidet, da
diese zu sehr grofien Schwankungen fithrt. Der Grund hierfiir liegt darin, daf
der Fermi-Tmpuls aus Gleichung (2.22) am Kernrand deutlich groBer als in
der lokalen Thomas-Fermi-N&herung ist. Die anderen Initialisierungen liefern
dagegen akzeptable Schwankungen der Dichteverteilung.

Abgesehen von der A(1232)-Resonanz nehmen wir f{ir alle Nukleonenreso-
nanzen das Nukleonenpotential aus Gleichung (2.23) an.
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Das Deltapotential wird angesetzt als [16]:

0 .
Us(p) = Uso 2, (2.25)
Lo

wobei - abgesehen von Testzwecken -
Unpo=—30MeV

verwendet wird.
Die Mesonen bewegen sich nur im Coulomb-Potential und spiiren kein ha-
dronisches Potential.

2.2.4 Der Kollisionsterm

Der numerischen Realisation des Kollisionsterms liegt eine geometrische In-
terpretation des Wirkungsquerschnittes zugrunde. Eine Moglichkeit wére, die
Wahrscheinlichkeit p fiir den Stofl zweier Teilchen gem&f

w(b) =00/ ~ )

zu bestimmen, wobei mit b der Stoparameter der beiden Teilchen, also der
minimale Abstand in ihrem Schwerpunktsystem, und mit ¢ ithr Wirkungs-
querschnitt bezeichnet sind. Diese Methode ist allerdings numerisch sehr auf-
wendig und physikalisch problematisch, da der Wirkungsquerschnitt o fiir
Nukleon-Resonanz-Stdsse nicht nach oben beschrankt ist und somit eine Re-
sonanz zunichst mit jedem beliebig weit entfernten Nukleon stoflen konnte.
Deshalb ist es sinnvoller, p anzusetzen als:

p(b) =

T O(bpar — b) (2.26)

2
™ bmua:

wobel byq. der maximale fiir einen Stoss zuldssige StoBparameter ist. Die
Wahl von b,,,, ermoglicht zudem die - wenn auch sehr einfache - Beriicksich-
tigung von Abschirmeffekten im Medium. Die Abschirmung kommt zustande,
weil die Wechselwirkung zwischen Baryonen durch Austausch virtueller Me-
sonen geschieht, die im Medium einer starken Absorption unterliegen. Eine
natiirliche Wahl von b,,,, fiir Nukleon-Resonanz-Kollisionen entspricht des-
halb ungefahr dem Abstand zweier benachbarter Nukleonen:

DR (p) = o221 6fm (2.27)
4

Bei Dichte py korrespondiert zu diesem Stofiparameter ein Wirkungsquer-
schnitt von 80.4 mb.
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Fiir Nukleon-Nukleon- und Meson-Nukleon-Kollisionen ist der Wirkungs-
querschnitt nach oben beschrankt, so daf} wir hier dichteunabhéngig

By = ) 2222 (2.28)
Vis

verwenden. Im Fall des Nukleon-Nukleon-Wirkungsquerschnittes ist dies der
oben beschriebenen Methode dquivalent, da der Wirkungsquerschnitt immer
kleiner als 80.4 mb ist. Der Pion-Nukleon-Wirkungsquerschnitt betrdgt ma-
ximal etwa 200mb. Diese Reaktion wird jedoch nicht abgeschirmt, da hier
die Wechselwirkung im wesentlichen durch Absorption des Pions und Anre-
gung einer Nukleonenresonanz und nicht durch den Austausch von Teilchen
erfolgt.

Falls nun zwei Teilchen einen Stofiparameter haben, der kleiner ist als b,,4.,
muf} der Zeitschritt festgelegt werden, in dem eine mogliche Kollision der
beiden Teilchen stattfindet. in Algorithmus, der den Zeitpunkt der Kolli-
sion im Laborsystem unter Beriicksichtigung relativistischer Effekte festlegt,
findet sich in [17] und ist im Anhang A dargestellt.

Mogliche Kollisionen in dem verwendeten BUU-Modell sind nun:

NN — NN

NN < NR

NN & NNz (S— Welle)
NRE — NR

mN < R

T < omt

wobei R eine Baryonenresonanz, m ein Meson und m* eine Mesonenresonanz
bezeichnen. Auf die hierzu benotigten Wirkungsquerschnitte und Zerfallsbrei-
ten wird in Kapitel 3 eingegangen.

Fiir eine Resonanz wird in jedem Zeitschritt die Zerfallswahrscheinlichkeit
gemal:

_rat ,
P=c (2.29)
o bn

R v

berechnet, wobei 1" die jeweilige Breite der Resonanz bezeichnet.

2.2.5 Das Pauli-Blocking

Tm Kollisionsterm muf beriicksichtigt werden, dafl auslaufende Nukleonen
pauli-geblockt sein kénnen. Um jeden Punkt des Phasenraums (7, 5) legen
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Abbildung 2.3: Pauli-Blocking-Wahrscheinlichkeit im  Schwerpunkt eines

W(a-Kerns

wir im Ortsraum einen Wiirfel mit Kantenldnge 3fm und im Impulsraum ei-
ne Kugel mit Radius go=0.45/fm=89 MeV. Diese Wahl des Phasenraumvolu-
mens beriicksichtigt zum einen die Unschéarferelation und stellt zum anderen
den lokalen Charakter des Pauli-Blockings sicher. Ein kleineres Volumen ist
nicht sinnvoll, da dann die statistischen Fluktuationen aufgrund der endli-
chen Anzahl von Testteilchen zu groff werden.

Die Anzahl N (7, 7) der Nukleonen in diesem Phasenraumvolumen ist nun
unter Beriicksichtigung der Schmierung im Ortsraum gegeben als:

R 1 7 , , Lo 1 (' —p)? JR
N(7,p) = N /M,‘ &Pr ZO(% —|F—pil) me 247 o (2.30)

wobei N die Anzahl der Ensembles und AV, das Volumen des Wiirfels im
Ortsraum bezeichnen.
Die maximale Anzahl N,,,, an Nukleonen, die in das angesprochene Phasen-

raumvolumen ,hineinpassen®, ist im Fall von spin- und isospinsymmetrischer
Kernmaterie gegeben durch:

27 (0.45fm1)?

Npar = 4AV, AV, =42 a7 (3fm)* ~ (2.31)

1
6
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Somit erhalten wir als Wahrscheinlichkeit P4, daB ein nach (7, p) gestreutes
Nukleon pauli-geblockt ist:

Ppauli = () . A/V(‘I?, [7) (232)

Da im Fall der Gamma-Kern-Reaktion der Kern im wesentlichen im Grund-
zustand verbleibt, kdnnen wir annehmen, daf} zu gegebener Dichte die Fermi-
Kugel vollstandig besetzt ist. Dann ist .. gegeben als:

Pouui = O(pr — |p)) (2.33)

mit pr aus Gleichung (2.19). In Abbildung 2.3 werden die Pauli-Blocking-
Wahrscheinlichkeiten aus den Gleichungen (2.32) und (2.33) am Beispiel
eines ruhenden **Ca-Kerns verglichen. Man sieht, daB die mit dem BUU-
Programm bestimmte Pauli-Blocking-Funktion bei kleinen Testteilchenzah-
len grofle statistische Fluktuationen zeigt. Verglichen mit der analytischen
Funktion aus Gleichung (2.33) ergibt sich eine Verschmierung der Fermi-
Kante aufgrund der endlichen GroBe des betrachteten Impulsraumvolumens.

Kapitel 3

Wirkungsquerschnitte

In diesem Kapitel gehe ich aufl die Parametrisierung der elementaren Nukle-
on-Nukleon- und Meson-Nukleon-Wirkungsquerschnitte ein. Bisher enthielt
das BUU-Modell als angeregte Nukleonenzustiande das A(1232), das N (1440)
und das N(1535). Zum Gammaabsorptionsquerschnitt am Nukleon tragen
in dem hier betrachteten Energiebereich neben dem A(1232) aber auch vor
allem das N(1520) und das N(1680) bei [18]. Deshalb wurde im Rahmen
dieser Arbeit das BUU-Modell um alle bekannten Resonanzen bis zu einer
Masse von etwa 2 GeV erweitert. Dies erfordert die Kenntnis der Wech-
selwirkung dieser Resonanzen mit Nukleonen, vor allem der NR — NN-
Wirkungsquerschnitte, welche unter Ausnutzung der Zeitumkehrinvarianz
aus den NN — N R-Wirkungsquerschnitten gewonnen werden kénnen. Au-
Berdem werden die mN — RE-Wirkungsquerschnitte benétigt. Zunéchst wird
deshalb auf die allgemeine Form der Resonanzproduktions-Wirkungsquer-
schnitte und die Eigenschaften der Resonanzen eingegangen, um dann den
NN — NNr-Wirkungsquerschnitt in die einzelnen Resonanzbeitrage zu zer-
legen.

3.1 Resonanzproduktion

Ls gibt grundsatzlich zwel verschiedene Prozesse, bei denen eine Baryonenre-
sonanz als intermedidres Teilchen auftreten kann. Diese sind in Abbildung 3.1
dargestellt. Die durchgezogenen Linien stehen dabei fir Baryonen, die gestri-
chelten konnen Mesonen, aber zum Beispiel auch Photonen sein.
Fiir den in a) dargestellten Prozeff schreibt sich der Wirkungsquerschnitt
Tapseqg 1M Schwerpunktsystem der Teilchen a und b als :
@2 Tz pe d’pa

3 (pa+po—pe—pa)|Mabsedl 2n ) 2F. (27) 2E,

T e , (3.1)

do’ahﬁcr] =

19
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c d c e
R
a b b

Abbildung 3.1: Graphen zur Resonanzproduktion

wobei p; der Schwerpunktsimpuls, v/s die invariante Masse der einlaufenden
./\/l,,,;H{,/‘z das iiber die Spins der auslaufenden Teilchen ¢ d
summierte und iiber die Spins der einlaufenden Teilchen a b gemittelte qua-
drierte Matrixelement sind.

Teilchen und

Tm Rahmen des BUU-Modells werden nun Resonanzen nicht mehr ausschlie-
lich als intermediére Teilchen betrachtet, sondern als gewohnliche Teilchen,
die aber einem statistischen Zerfallsgesetz unterworfen sind. Die in Abbil-
dung 3.1 a) dargestellte Reaktion wird also als ZweistufenprozeB betrachtet.
Zuerst bilden Teilchen a und b in einem Stof} die Resonanz R, die dann so-
lange propagiert, bis sie zerféllt. Voraussetzung fiir dieses Modell ist, dafl das
Matrixelement M4 in guter Naherung faktorisiert:

J\/laMcd\Q = \WlaHH,\Z |PH,\2
1

s— ME+11

wobei TT die Selbstenergie der Resonanz darstellt und im Vakuum durch ihre

Zerfallsbreite I'y,; in ihrem Ruhesystem ausgedriickt werden kann:

M= i\/grtot

Fiir spinlose Teilchen ist der Propagator in Gleichung (3.3) exakt, und die
Niherung in Gleichung (3.2) entspricht gerade der Bornschen Niherung, falls
der Austauschgraph vernachléssigbar ist und ansonsten in gleicher Ordnung
Storungstheorie keine weiteren Diagramme beitragen. Fiir Teilchen mit Spin
enthalten die Gleichungen (3.2) und (3.3) die Naherung, dafi Effekte auf-
grund der Teilchenspins klein sind.

Die in (3.2) auftauchenden Matrixelemente kénnen nun durch die entspre-
chenden Partialbreiten der Resonanz in deren Ruhesystem ausgedriickt wer-
den, beispielsweise:

~/\/1H4}Cd|2 (33)

mit P = (3.3)

Fpow = M‘/MR—MBV , (3.4)
8ms
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wobei mit pyy der Schwerpunktsimpuls der Teilchen a und b bezeichnet ist.
Die Gleichung (3.4) gilt exakt nur, wenn die Resonanz R in ihrem Ruhesy-
stem isotrop in die Teilchen a und b zerfallt. Dies gilt im allgemeinen nur fir
spinlose Resonanzen.

Beachtet man die Sumime tiber die Spins der auslaufenden Teilchen und Mit-
telung iiber die Spins der einlaufenden Teilchen:

m - 2Jr+1
TR T 08, T D28, 1 1)

~/\/ll?,~mb‘2 Ll

so ergibt sich nun Gleichung (3.1) nach Integration zu der bekannten Breit-
Wigner-Formel:

2Jp+1 dm  sTpoas Do
2

- - ; 3.5
25, +1)(25 + 1) pf (s — ME)? + 5T, (3:5)

Tab—sR—ed = (

Der totale Wirkungsquerschnitt o,,— g ergibt sich dann als Summe iiber alle
moglichen Endzustinde c d.

Im BUU-Modell wird der Isospinfreiheitsgrad der Teilchen explizit beriick-
sichtigt, das heiBt, jedes Testteilchen hat eine definierte elektrische Ladung,
um Effekten, die sich aufgrund der Coulomb-Wechselwirkung oder isospin-
unsymmetrischer Anfangszustande ergeben, Rechnung s tragen. Uber die
Spins der Teilchen wird dagegen stets gemittelt, da dieser Freiheitsgrad einen
vernachléssighbaren Einflufl auf die Reaktionsdynamik hat. Aus diesem Grund
tauchen in den Wirkungsquerschnitten statistische Faktoren aus der Spin-
Mittelung auf, wihrend der Isospin durch explizite Faktoren, die sich aus der
Kopplung der beteiligten Isospins ergeben, beriicksichtigt wird. In Gleichung
(3.5) sind diese Faktoren in den Partialbreiten I'p_4, und 'g.q enthalten.
Die in Abbildung 3.1 b) dargestellte Reaktion 1at sich in analoger Weise zu
dem oben diskutierten Prozefl behandeln. Ausgehend von

oyt IO EE—
do’nb%cdr = 4(]) \)/E 64(]% + Pb— Pe — Pd — pc) "/Mabﬁodm ‘2
d? &? &?
« _ ‘pc ‘Pd ‘Pe (36)
(27 )3 2E,. (2n)? 2E, (27)° 2E,
und der Annahme !, daB
|J)\/la,h~}r,r]e|2 = J\/lq,HRJQ \/DR|2 ‘/MR%mi‘z 5 (3.7)

'Tm Vergleich mit a) kommt hier, falls d und e identische Teilchen sind, die Annahme
hinzu, daB Interferenzterme vernachldssigt werden. Der Symmetriefaktor kiirzt sich dann
gegen die Anzahl der Diagramme, die den gleichen Beitrag liefern.
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ergibt sich:

Oab—scde =

=0 ab—Rre ()

Y- Ep. Ep
Mpeal 8 (PR = Pe = Pe) 5o 5
o f W8 om = . = V@2 b, 2 by

™

@)t 5 dp. d*pr
8 (pa + po — PR = p.)
Api /s

Masrel’ oo o
=il o, () 2T

_ 2u
=Gmt T'Rsea

1 .
- — (272 KR dE
ISR S 2ledln - £
=udu
do—ab—)h’e—)cds 2 /12 FH—nd
—— = OubRe — - - 3.8
dp o) G Mg+ T, (38)
mit .
Oabsre(pt) = m/dgp,f Map—sre(p)* (3.9)

Dabei sind die invariante Masse der Resonanz nun mit x4 (fiir den in Abbil-
dung 3.1 a) dargestellten ProzeB entsprach diese GroBe gerade /s) und der
Schwerpunktsimpuls von R und e mit p; bezeichnet.

3.2 Resonanzeigenschaften

Nach diesen allgemeinen Betrachtungen zur Resonanzproduktion erfolgt nun
eine Diskussion der Eigenschaften der in unserem Modell verwendeten Nu-
kleonenresonanzen. In Tabelle 3.1 sind diese mit ihren Quantenzahlen und
Zerfallsbreiten aufgelistet. Die Bezeichnungsweise L., ist die aus der Atom-
physik bekannte, wobei I den Drehimpuls des Pion-Nukleon-Systems, T den
Isospin und J den Spin der Resonanz angeben. Der Zahlenwert in Klammern
ist die Resonanzmasse My in MeV2. Anzumerken ist, dafi nur diejenigen Re-
sonanzen heriicksichtigt wurden, deren Status in [18] mit vier Sternen bewer-
tet wurde, deren Existenz demnach als gesichert gilt. Die angegebenen Brei-
ten und Partialbreiten, insbesondere die Aufschliisselung des Zwei-Pionen-
Kanals, sind dennoch mit grolen Unsicherheiten behaftet. Die verwendeten
Werte stimmen - soweit vorhanden - mit den Empfehlungen in [18] {iberein.

2Die S11(1535)-Resonanz erhiilt aufgrund neuer Messungen eine Masse von 1544 MeV

[19].
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Zerfallswahrscheinlichkeiten [%]
Resonanz | Breite Nr|Ny N mw
[MeV] B An | Np | N (Wﬂ)éf({,vcuc N(1440)7

P33(1232) 120 100 0 0 0 0 0
P11(1440) 350 65 0 25 5 5 0
D15(1520) 120 55 0 20 | 20 5 0
S11(1535) 203 50 45 2 0 3
S51(1620) 150 25 0 55 | 20 5 0
S11(1650) 150 80 0 6 14 0 0
Dy5(1675) 150 45 0 55 0 0 0
I15(1680) 130 65 0 10 10 15 0
D33(1700) 300 15 0 45 | 40 0 0
Pi5(1720) 150 20 0 25 | 80 0 0
155(1905) 350 10 0 10 | 80 0 0
P5,(1910) 250 25 0 25 | 50 0 0
F57(1950) 300 75 0 20 5 0 0

Tabelle 3.1: Zerfallsbreiten und -kanéle der verwendeten Nukleonenresonan-
zen. Die Daten sind aus [18] und [19] (fiir die S1;(1535)-Resonanz).

Wenn wir Resonanzen als normale Teilchen behandeln, miissen wir der Tat-
sache Rechnung tragen, dafl sic aufgrund ihrer endlichen Lebensdauer keine
scharfe Masse besitzen kénnen. Dies kommt auch in den Resonanzproduk-
tions-Wirkungsquerschnitten (3.5) und (3.8) zum Ausdruck, da die Resonanz
auch ,off-shell* zum Wirkungsquerschnitt beitrégt. Deshalb kann in unserem
Modell eine Resonanz eine beliebige Masse M besitzen. Natiirlich wird die
Wahrscheinlichkeit eine Resonanz mit einer Masse M zu produzieren immer
kleiner je weiter M von Mp enfernt ist.

Die angegebenen Breiten und Zerfallswahrscheinlichkeiten gelten fiir eine Re-
sonanz, deren Masse M genau Mp entspricht. Da die Breiten als Funktion
von M jedoch nicht konstant sind, ist es nétig diese zu parametrisieren.

3.2.1 Die Einpionenbreite
Ein haufig verwendete Parametrisierung der Einpionenzerfallsbreite ist [2]:

A1 5 gy 41
I'(q) =To <3> (q’ e ) (3.10)

qr (Z2 +¢?

mit
, T2
(,‘2 = (A’TR — /1’7,\' - mﬁ)z + TO (3-71 Vl)
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Dabei sind ¢ der Pionenimpuls im Schwerpunktsystem der Resonanz mit
Masse M, ¢. der Pionenimpuls im Schwerpunktsystem der Resonanz mit
Masse Mp, | der Drehimpuls des Pion-Nukleon Systems in Einheiten von #,
My die Nukleonenmasse und m, die Pionenmasse. Gegeniiber [2] habe ich
die Potenz der Abschneidefunktion verdndert und nehme [ + 1 anstelle von
(14 1)/2, um zu verhindern, daf die Breiten fiir grole Massen divergieren.
Der Faktor

i
stammt aus dem Phasenraum, der proportional ¢ ist (siche Gleichung (3.4)),
und dem Matrixelement, das mit ¢* geht. Die Abschneidefunktion ist jedoch
zunédchst vollig beliebig.
Tn der vorliegenden Arbeit hat sich gezeigt (siehe Kapitel 6), daB die Ergeb-
nisse fiir den totalen Gammaabsorptionswirkungsquerschnitt am Kern im Be-
reich der A(1232)-Resonanz stark von der Parametrisierung der Breite dieser
Resonanz abhdngen. Deshalb betrachten wir den Pss-Multipol T der elasti-
schen 7-N-Streuung [20] und vergleichen die Beitrige der A(1232)-Resonanz,
die sich mit verschiedenen Parametrisierungen der Deltabreite ergeben, wobei
als Resonanzbeitrag eine Breit-Wigner-Formel:

N
TPs:‘i. 3.12
Foo = ST MZ =il s (312)

angesetzt wird. Dies ist in Abbildung 3.2 dargestellt. Die sogenannte Moniz-
Parametrisierung der Deltabreite [21] ist dabei gegeben als:

Ma [ q 3 @+ 2
L', oniz =1 - - 3.13
Moniz(4) 0 (qr) e (3.13)

c=0.3GeV

Der hier auftauchende Faktor Ma /M dient der Verbesserung des Fits. Dmi-
triev [22] verwendet demgegeniiber eine schwichere Abschneidefunktion:

3.2 2
) (4 & tc o
L milriev =1 - ‘ - 3.14
Dmitries(q) = L'o (q,,) e (3.14)
¢c=0.2GeV
AuBerdem habe ich eine Breitenparametrisierung der Form
3 .34 3
\ g\ ¢ t+c »
Fl’ﬂst(q) =T <E) ¢+ (\3'15)

¢ =0.1GeV
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Abbildung 3.2: Pss-Multipol der m-N-Streuung. Dargestellt sind Real- und
Imaginérteil der Breit-Wigner-Formel aus Gleichung (3.12) mit verschiede-
nen Breitenparametrisierungen. Die Striche ergeben sich mit der Moniz-
Parametrisierung (3.13), die Punkte mit der Dmitriev-Parametrisierung
(3.14) und die Strich-Punkte mit einer testweise verwendeten Parametrisie-
rung (3.15). Die durchgezogene Linie entstammt einer Multipolanalyse aus

[20].

zu Testzwecken verwendet. Aus Abbildung 3.2 erkennt man, daff die Moniz-
Parametrisierung den aus den experimentellen Daten gewonnenen Multipol
am besten beschreibt, wobel vorausgesetzt ist, dafi nichtresonante Unter-
grundterme vernachldssigbar klein sind. Der Multipol liefle sich auch unter
Verwendung der Dmitriev-Parametrisierung beschreiben, wenn man einen
Untergrundterm beriicksichtigt, der fiir /s kleiner als 1.3 GeV sehr klein
ist und dann negativ mit dem Deltabeitrag interferiert. Dies erscheint aber
unwahrscheinlich, insbesondere wenn man beriicksichtigt, daB sich der Pion-
Nukleon-Wirkungsquerschnitt iiber einen grofien Energiebereich in sehr gu-
ter Naherung als Summe von Breit-Wigner-Resonanzbeitrdgen schreiben lafit
(siehe Kapitel 3.2.3). Eine Parametrisierung der Form (3.15) eignet sich dem-
gegeniiber keinesfalls dazu, die Deltabreite zu beschreiben. In Abbildung 3.3
sind die drei verwendeten Breitenparametrisierungen dargestellt, um ihren
funktionalen Verlauf und ihre Unterschiede deutlich zu machen. Dabei ist zu
beachten, daB der starke Anstieg der Breite mit der Deltamasse im Bereich
der Resonanzlage notwendig ist, um den Multipol zu beschreiben.

Auf die Parametrisierung der Einpionen-Breite wie auch der Eta-Breite der
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Abbildung 3.3: Parametrisierungen der Deltabreite

N(1535)-Resonanz werde ich in Kapitel 5.2 eingehen, da diese Parametrisie-
rung in Zusammenhang mit einer Anpassung an den yN — Np-Wirkungs-
querschnitt geschieht.

Fiir die tibrigen Resonanzen reicht eine Parametrisierung der Form aus Glei-
chung (3.10) im Rahmen dieser Arbeit vollkommen aus, da die exakte funk-
tionale Form von T'(M) keinen groBen Einfluf} auf die Resonanzproduktions-
Wirkungsquerschnitte (3.5) und (3.8) hat.

3.2.2 Die Zweipionenbreite

Mit groBler werdender Resonanzmasse wird der Zweipionenkanal fiir den Zer-
fall immer bedeutsamer wie aus Tabelle 3.1 ersichtlich ist. Dieser Zerfall wird
als Zweistufenprozef aufgefaBt:

R—sra— Nrm

wobei 7 fiir eine Nukleonen- oder Mesonen-Resonanz steht und a entspre-
chend ein Pion oder Nukleon ist. Da es sich also wieder um einen Reso-
nanzproduktions-Prozefl handelt, konnen wir auf die in Kapitel 3.1 erlauter-
ten Formeln zur Resonanzproduktion (Gleichung (3.8)) zuriickgreifen. Wie

3.2. RESONANZEIGENSCHAFTEN 27
Meson || I |J | M [Mev] | I' [MeV]
T 110 138 0
n 010 5475 0
p L1 70 150
o 010 800 800

Tabelle 3.2: Parameter der verwendeten Mesonen

iiblich wird die Breite zusatzlich mit einer Abschneidefunktion versehen:

ko pM=me 2 2D o ()
Lroro (M) = / dunp: = _ritotd
norM) = g7y R A T+ e )
" (Mp— My — 2m,ﬁ)2 + ¢

(M — My — 2m,)* + &

(3.16)

c=03GeV

wobei p; den Schwerpunktsimpuls von @ und r bezeichnet. Die Konstan-
te k folgt aus der Kenntnis von T'r,.(Mpg) (Tabelle 3.1). Die funktionale
Form der Abschneidefunktion ist wiederum zunéchst vollig beliebig. Die hier
gewdhlte Form gewdhrleistet ein Verschwinden der Partialbreite fiir grofie
Resonanzmassen M, da das Integral in Gleichung (3.16) fiir groBe Resonans-
massen proportional zu M ist.

Den Zerfall B — N(mm)i=%.;. betrachten wir als Zerfall der Resonanz in
ein Nukleon und eine o-Resonanz. Die Breiten der Mesonenresonanzen, die
in unserem Modell ausschlieBlich in zwei Pionen zerfallen, werden - analog
zu den Breiten der Baryonenresonanzen - wie folgt parametrisiert [23]:

rr(A/[) - r(),r

Mo,- ( g ) g 4 (3.17)

M qi, ¢+ 2

¢=0.3GeV

wobei My, die Masse des Mesons, J, seinen Spin und L'y, die Breite auf der
Resonanz bezeichnen. Die Parameter der in unserem Modell verwendeten
Mesonen sind in Tabelle 3.2 aufgelistet. Da das o-Meson kein beobachtetes
physikalische Teilchen ist, erhélt es eine sehr breite Massenverteilung und
dient lediglich einer handlichen Parametrisierung des Zweipionenzerfalls. Das
m- und n-Meson werden als stabile Teilchen betrachtet, da ihre Lebensdauern
weitaus grofer sind als die Zeitskala der hier betrachteten Reaktion.
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Abbildung 3.4: Der totale Pion-Nukleon-Wirkungsquerschnitt fiir den Ka-
nal 7 p (durchgezogene Linie). Die Striche geben den Beitrag der A(1232)-
Resonanz an. Die Daten sind aus [24].

3.2.3 Pionenabsorption am Nukleon

Eine erste Méglichkeit zur Uberpriifung der dargestellten Breitenparametri-
sierungen bietet sich in der Betrachtung des 7N — X-Wirkungsquerschnit-
tes. Diesen erhalten wir in unserem Modell als Summe tiber alle Resonanzbei-
trage der Form aus Gleichung (3.5). In Abbildungen 3.4 und 3.5 sind die so
gewonnenen Wirkungsquerschnitte fiir zwei Isospinkanéle im Vergleich mit
den experimentellen Daten dargestellt.

Die gute Ubereinstimmung erklirt sich zum einen aus der Tatsache, daf die
Resonanzparameter in Tabelle 3.1 an diese Wirkungsquerschnitte angepalit
wurden, und zum anderen damit, daff nichtresonanter Untergrund relativ
klein ist.
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Abbildung 3.5: Der totale Pion-Nukleon-Wirkungsquerschnitt fiir den Kanal
7~ p. Die Daten sind aus [24].

3.3 Baryon-Baryon-Wirkungsquerschnitte

Da nun die Resonanzparameter festgelegt sind, kénnen wir uns jetzt der Pro-
duktion von Resonanzen in Nukleon-Nukleon-St6Ben zuwenden, um schliefi-
lich Wirkungsquerschnitte fiir die Wechselwirkung von Resonanzen mit Nu-
kleonen zu erhalten. Dazu ist es notwendig, den NN — N N m-Wirkungs-
querschnitt in die verschiedenen Resonanzbeitrage zu zerlegen. Der bei wei-
tem wichtigste Beitrag stammt von der A(1232)-Resonanz, fiir die auch mas-
sendifferentielle Wirkungsquerschnitte experimentell bestimmt wurden.

Dmitriev [22] hat im Rahmen eines One-Pion-Exchange (OPE) Modells den
Wirkungsquerschnitt der Reaktion NN — A(1232)N an alle verfiigharen ex-
perimentellen Daten angepaBt. Allerdings verwendet er - wie in Kapitel 3.2.1
dargelegt - cine Breitenparametrisierung, die die m-N-Streuung nicht so gut
wie die Moniz-Parametrisierung beschreibt. Da dies keinen allzu grofien Ein-
fluf auf die resultierenden Wirkungsquerschnitte haben sollte, wurde das von
Dmitriev verwendete Modell mit allen Parametern iibernommen und ledig-
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Abbildung 3.6: Graphen zur Deltaproduktion in N-N Stéfien

lich die Breitenparametrisierung geandert. Im folgenden soll kurz erlautert
werden, wie man so das Matrixelement M yn_,an erhalt.

3.3.1 NN — A(1232)N

In erster Ordnung Stérungstheorie tragen die beiden in Abbildung 3.6 darge-
stellten Diagramme zum Wirkungsquerschnitt bei. Die phanomenologischen
Lagrangedichten fiir die Wechselwirkung zwischen Nukleonen, Deltas und
Pionen sind nun gegeben als:

Lyne = —fNN“\IJq/m“'%\I!@#T‘r (3.18)
Far (o

‘A : TE T h.c. 3.1¢

Lnar o~ ( ATPO,7 + 7(’) , (3.19)

wobel W(z) der Nukleonenspinor, ¥ (z) der Rarita-Schwinger-Spinor des
Deltas und 7(2) das Tsovektorfeld des m-Mesons sind. Diese Lagrangedichten
gelten fiir Teilchen, die sich auf ihrer Massenschale befinden. Das interme-
didre Pion in Abbildung 3.6 ist jedoch immer off-shell. Um dies zu beriick-
sichtigen, werden die sich aus den Lagrangedichten ergebenden Vertizes mit

einem Formfaktor F' versehen:

A2 _ 02
A m2

b =5

(3.20)

mit dem quadrierten Vierer-Tmpuls ¢ des Pions. Fiir den NN- und NA-
Vertex wird der gleiche Parameter A verwendet, der sich aus einer Anpassung
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an die experimentellen Daten ergibt. Im Fall des NA-Vertex miissen wir
den Formfaktor allerdings noch so modifizieren, daB er konsistent mit der
Breitenparametrisierung (3.13) wird, fiir die wir einen Formfaktor

gZ(A«fé, m.) + (:2> 2

3.21
@*(p2,my) + 2 (321

200 - (

verwenden, wobei p die invariante Masse des Deltas bezeichnet. Der Form-
faktor F sollte also nicht nur von ¢, sondern auch von y abhéngen. Ein Ansatz
fiir diesen Formfaktor ist:

F(t ) = FOZ(2 1) (3.22)

Durch Anwendung elementarer Feynman-Regeln (siehe Anhang C) kann man

. . 2 . . . . .
nun das quadrierte Matrixelement | M| erhalten, wobei wie immer iiber die
Spins der einlaufenden Teilchen gemittelt und iiber die der auslaufenden
summiert wird.

|MPP = My + My = (M + M|+ MM, + MM (3.23)

mit

72 finaf¥an Fz(t)Fz(f’a%ﬁ)

¢ mnd (t — mf{)z
[(/1, + M’y)z — /}2

><—3’u2

M = ML (=, do = 1) (3.25)

M. =

2 MLt [t = (n— My)|

MM, + MM, =
PoweFone FOOEF(42) F(0)F(u,p?)

4dmi t —m?

™

I, I

— m2
u—m2

1 . .
x2 M?, AN [ut (12 = MZ) (1 + ) — p* + M|

x [tu+ My (M + o) (42 — ME)]
—I—% [/ u—(u+ J’l"[?\f)z (4 u)+ (A«'f;\; + /J)ﬂ
X [tu— My (n— My) (0 = MZ)]} . (3.26)

wobei
2

t=(p—ps)’, u=(p—pa)
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einlaufend | auslaufend 1, 1,
p p n ATt V2 —V2
pp p AF —\/2/3 | \2/3
pon p A° —/2/3 1 1/2/3

Tabelle 3.3: Isospinkoeffizienten fiir NN — NA. Die {ibrigen Kanéle ergeben
sich aus Isospinsymmetrie.

verwendet wurde.  Die Isospinfaktoren der heiden Diagramme sind hier
mit {, und [y bezeichnet und in Tabelle 3.3 fiir die verschiedenen Kanéle
aufgelistet.

Der Parameter A sowie die Kopplungskonstanten fyn, und fyar werden von
Dmitriev wie folgt angegeben:

A=0.63GeV  fyn.=1.008 fyar=2202 m,=0.140GeV . (3.27)

Der Wirkungsquerschnitt ergibt sich dann unter Verwendung von Gleichung
(3.8). In Abbildung 3.7 werden die von Dmitriev erhaltenen differentiellen
Wirkungsquerschnitte fiir den Kanal pp — nA** mit den Wirkungsquer-
schnitten verglichen, die man bei ansonsten identischen Parametern mit der
Moniz-Parametrisierung fiir die Deltabreite erhalt. Man erkennt, dafl sich
durch die Verwendung der Moniz-Parametrisierung nur geringe Abweichun-
gen ergeben. Da die Moniz-Parametrisierung die Deltabreite fiir groie Mas-
sen stérker abschneidet, liegen die massendifferentiellen Wirkungsquerschnit-
te [ir groBe Massen etwas tiefer. Man sieht, daB unsere Modifikation des
Wirkungsquerschnittes keine Verschlechterung der Beschreibung der experi-
mentellen Daten bewirkt.

In Abbildung 3.8 ist der totale Wirkungsquerschnitt dargestellt. Fir grofle
/s ergibt sich mit der Moniz-Parametrisierung ein etwas kleinerer Wirkungs-
querschnitt.

3.3.2 Beitrag der htheren Resonanzen zum
NN — N N rm-Wirkungsquerschnitt

Da nun der Beitrag des Deltas zum N N — N N 7-Wirkungsquerschnitt fest-
liegt, kénnen wir uns dem Beitrag der in Tabelle 3.1 aufgefiithrten Resonanzen
widmen. Die experimentellen Daten lassen eine Aufschliisselung in die einzel-
nen Resonanzbeitrdge nicht zu, da zum einen die massendifferentiellen Wir-
kungsquerschnitte nur mit sehr schlechter Statistik vorliegen [25] und zum
anderen die Struktur der totalen Querschnitte aufgrund der Verschmierung

3.3. BARYON-BARYON-WIRKUNGSQUERSCHNITTE 33
35 T T T 180 T T T
EY . wr ~ Moniz
s=2.31 GeV w | Vs=2.31GeV Dmitriev ]
5 o
—_ . — 120 B
3 1%
E of 1 8wl ]
< S
@ E L -
gl I
3 ol hd 1 3% ]
-3 t 4
s
°r 4 it R 1 0t i
o L L L o 3
1,0 05 00 05 10 11 12 13 14
cos(6) 1 [GeV]
T T T T T T
120 - 4 100 - { 4
e Moniz
oo r o Dmitriev
E wl Vs=2.51 GeV ] E Vs=2.71 Gev
3 g or
§ of I
2|
20 -
0 0
12 14 16
n[Gev]
50 T T T T 25
40 20
% 0~ % 15
Q Q
3 3
£ £
3 20 2 0
i 3
5 5
3 3
10 sl
0 o
11 12 13 14 15 .
u[GeV] H[GeV]

Abbildung 3.7: Darstellung differentieller pp — nA*+t-Wirkungsquerschnitte.
Die durchgezogenen Linien zeigen den Querschnitt unter Verwendung
der Moniz-Parametrisierung, die Striche ergeben sich mit der Dmitriev-
Parametrisierung. Die Daten sind aus [22].

durch den Zweiteilchen-Phasenraum eine Identifizierung einzelner Resonan-
zen unmoglich macht. Deshalb ordnen wir jeder Resonanz das gleiche qua-

drierte Matrixelement

2 . . .
Muynowr|” 7u. Dieses Matrixelement setzen wir als
eine Zahl unabhiingig von /s, der Masse der Resonanz, des Streuwinkels und
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Abbildung 3.8: Darstellung des totalen pp — nATT-Wirkungsquerschnittes.
Die durchgezogenen Linien zeigen den Querschnitt unter Verwendung
der Moniz-Parametrisierung, die Striche ergeben sich mit der Dmitriev-
Parametrisierung.

des totalen Tsospins des N-N-Systems an. Die kritischen Annahmen bestehen
hier darin, dafl das Matrixelement fiir alle Resonanzen gleich sein soll und
von /s unabhéngig ist. Die Unabhéngigkeit von der Resonanzmasse spielt
keine Rolle, da das Matrixelement mit dem quadrierten Resonanzpropaga-
tor aus Gleichung (3.3) multipliziert wird (siche Gleichung (3.8)), der die
Massenabhangigkeit immer dominiert. Ebenso ist die Unabhéngigkeit vom
Streuwinkel unbedeutend, da hier nur Gber den Streuwinkel integrierte Ma-
trixelemente von Interesse sind.

In Abbildung 3.8 ist dargestellt, wie der Wirkungsquerschnitt ftr pp —
n AT mit diesen Annahmen im Vergleich mit dem oben berechneten Wir-
kungsquerschnitt als Funktion von /s aussieht. Man sieht, daB die \/s-
Abhéngigkeit des Matrixelements zu einer deutlichen Reduktion des Wir-
kungsquerschnittes bei groBen /s fiihrt. Die grobe Struktur des Wirkungs-
querschnittes wird jedoch mit dem konstanten Matrixelement zufriedenstel-
lend wiedergegeben. Die Grofie des hier verwendeten konstanten Matrixele-
mentes wird unten in Zusammenhang mit dem Matrixelement fiir die hheren
Resonanzen diskutiert.

Falls mehrere Isospinkanile zu einem NN — N R-Wirkungsquerschnitt bei-
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1
Nt Nt | Nt Nt 1
Nt NV Nt N© 1/2
]V+ /\H’ ATO A++ 3/4
Nt Nt Nt At ]/4
Nt NV [Nt AT |1/4
JV+ A++ ]\H— A-H— 1
NT AT [ NT ATE]3/8
NT AT [ NFT AT |58
NT AV [ NT AT 12
NT A~ [N A 58

Tabelle 3.4: Tsospinkoeffizienten fiir Baryon-Baryon-Querschnitte. Ein N
steht dabei fiir irgendein lsospin—%—Teilchen, ein A fiir ein lsospin—g—’l'eilchen.
Die iibrigen Kanéle ergeben sich aus Isospinsymmetrie.

tragen konnen, werden diese inkohdrent aufaddiert. Die Isospinkoeflizienten
erhélt man aus der Kopplung der jeweiligen Isospins, also zum Beispiel:

|l Hooe| V) =
| 1 | 1 z
‘(%U =1,,=0+ 75(00\) Hipy (ﬁ” 0) + ﬁ|00>)
L1 , 1
= (Z + 1) ‘-/\/[NN—U\’H ? = E -/‘)\/lj\’N—H\’H|2 = [|-/)\/l"\’1\’—n’\’}{|2

In Tabelle 3.4 sind alle Koeflizienten [ aufgelistet.

Der Wirkungsquerschnitt ergibt sich aus Gleichung (3.8), wobei die einzel-
nen Resonanzbeitrage inkohdrent aufaddiert werden. Beriicksichtigt man die
Clebsch-Gordan-Koeffizienten fiir die Zerfélle der Resonanzen, erhilt man:

Tppoppr® = 303/2 + %01/2 (3.28)
Oppspnnt = ?0’3/2 + 301/2 (3.29)
Tpnoppe = %0—3/2 + %01/2 (3.30)
Opnospnr® = %03/2 + %01/2 (3.31)

mit

o3 = . pp—pRt =

Ir=%



36 KAPITEL 3. WIRKUNGSQUERSCHNITTE

6 T T T T T T T T T T
sk
N
9 L
£ 3
=]
2k
1
0
5
4 L pn-pnt ]
A Y £(1232) ]
sl F Ig=1/2 1
g - B 1.=3/2 (ohne A(1232)
o 2k L Summe .
N L ]
o P o SRS
2 3 4 5 6 7
Vs [GeV] Vs [GeV]

Abbildung 3.9: Resonanzbeitrage zum N N — N N m-Wirkungsquerschnitt.
Die experimentellen Daten sind aus [24].

1M oMy
= OppopA+(1232) +Z]6ﬂ'pi : /MN+m dpipg
, )
Cronne o o
X — ’;"N';”z (3.32)
R#A(1252) (1 — MR)" + p2 TR (1)
Ir=5%
Tijp = Z pp— pRT
Ip=%
.,M 2 /s—Mn 52 r N
= I i 3 dupy Y — ot 2(/{1 (3.33)
67 pi s J My tma w, (1 — MZ)" + 12T (1)

TR=1

Mit diesem einfachen Ansatz ist es maoglich, die Daten zur Finpionenpro-
duktion bis zu Energien von /s = 7GeV gut zu beschreiben. Dies ist in
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Abbildung 3.10: pp — ppn-Wirkungsquerschnitt. Die Daten sind aus [27].

Abbildung 3.9 dargestellt, wobei

M
16; = 18mb GeV? (3.34)

verwendet wurde. Fiir die A-Resonanz wurde in Abbildung 3.8 der zehnfache
Wert (180 mb GeV?) verwendet.
Eine Ausnahme bildet das N(1535), da mit dieser Resonanz der NN —
N N np-Wirkungsquerschnitt gefittet wird. Mit

2
fMpp%p /\'*(1535]‘
167

= 8mb GeV? (3.35)

erhalten wir die in Abbildung 3.10 dargestellte Kurve. Fiir den pn-Kanal
wird aufgrund der experimentellen Daten

2
My imsn N+ (1535)

167

= 20mb GeV? (3.36)

verwendet [26].

Um das Schwellenverhalten des Wirkungsquerschnittes zu reproduzieren, be-
noétigen wir allerdings noch nicht-resonanten Untergrund. Dies wird durch
einen einfachen Fit an die Daten erreicht. Abbildung 3.11 zeigt die Differenz
zwischen den experimentellen Daten und unseren bis jetzt erhaltenen Wir-
kungsquerschnitten aus Abbildung 3.9 fiir die verschiedenen Isospinkanéle.



38 KAPITEL 3. WIRKUNGSQUERSCHNITTE

412} 4
1 10f 1
pp-ppr’ T . 1
16l 1 pp-pnr 1
£ 1 ]
2 1 2t Ji ]
o -1 P
1 - ° S T3
2f I ]
_ 10 ]
pn_pnt® ]
= i
E
2 |
© —
2‘5 3,‘0 35
Vs [Gev] Vs [GeV]

Abbildung 3.11: Nichtresonanter Untergrund des NN — NN
Wirkungsquerschnittes

| Kanal [Amb][ a] b] ni| ny]
p p—=p p 613 | 1.52 {250 | 6.18 | 3.48
p p—=p n wt 122.6 | 1.52 | 2.50 | 6.18 | 3.48
p n—p p w° 24.9 1 3.30 | 0.85 | 1.93 | 0.002
p n—p n w 7.25 | 0.88 01231 3.64

Tabelle 3.5: Fitparameter fiir den nichtresonanten Beitrag zum NN —
N N 7-Wirkungsquerschnitt (Gleichung(3.37)).

Als Fitfunktion fiir diese Differenz wéahlen wir
iy (7)) = A e (0em2 b (3.37)

_ Vs —=2My —m,
N 5GeV

mit @
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Abbildung 3.12: Der totale N N — N N m-Wirkungsquerschnitt. Die Striche
zeigen die Summe der bereits in Abbildung 3.9 dargestellten Resonanzbei-
trdge. Die durchgezogene Linie ist die Summe aus Resonanzbeitrigen und
Untergrund (Abbildung 3.11). Die experimentellen Daten sind aus [24].

und erhalten so mit den in Tabelle 3.5 aufgefithrten Parametern den abge-
bildeten Fit. Die dargestellten Kurven zeigen ein deutliches Peak-Verhalten,
da die A-Resonanz das Schwellenverhalten des Wirkungsquerschnittes nicht
reproduziert. Der Beitrag des Deltas zu diesem Schwellenverhalten wird do-
miniert durch die ¢*-Abhéngigkeit der Deltabreite. Im Rahmen des oben be-
schriebenen OPl-Modells ist es daher nicht moglich, den Deltabeitrag durch
Anderung der Formfaktoren der Vertizes oder der Kopplungskonstanten so
»u modifizieren, daff die experimentellen Daten an der Schwelle ohne Beriick-
sichtigung eines Untergrundterms besser beschrieben werden. Moglicherwei-
se ist das Peak-Verhalten des Untergrundterms darauf zuriickzufiithren, daf}
in einer mikroskopischen Rechnung Interferenzterme zwischen Untergrund-
und Resonanzbeitrdgen bedeutsam sind. Angesichts der Tatsache, daff die
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oben dargestellten Untergrundterme verglichen mit den totalen Wirkungs-
querschnitten klein sind, ist deren ausgepridgte Struktur fiir spatere Rech-
nungen unbedeutend.

In Abbildung 3.12 ist die Summe von Resonanz- und Untergrundbeitragen
fiir die verschiedenen lsospinkanile dargestellt.

Beriicksichtigt man auflerdem noch einen N N — A A-Wirkungsquerschnitt,
so lassen sich mit den aufgefithrten Resonanzproduktions-Wirkungsquer-
schnitten auch die NN — N N 7 7-Daten gut wiedergeben [28].

3.3.3 Resonanzabsorption

Der Wirkungsquerschnitt fiir den AbsorptionsprozeB N A(1232) — N N er-
gibt sich mit dem Matrixelement M aus Gleichung (3.23) zu:

v /
N A(1232)>NN = S 76475?}0' . /dQ g 5 | (3.38)
. L identische Teilchen im Endzustand
mit S =4 2
1 , sonst

Der Faktor 1 in Gleichung (3.38) stammt dabei aus der Mittelung iiber die
einlaufenden Spins. In Abbildung 3.13 ist dieser Querschnitt als Funktion der
Deltamasse M und des Deltaimpulses p aufgetragen, wobei angenommen ist,
dafl das Delta mit einem ruhenden Nukleon st6Bt.

Fiir die anderen Resonanzen erhélt man mit Gleichung (3.34):

2 M[ 2
ONRoNN = 51 P M _ g Ps

: =5 18mbGeV? . (3.39
2Jr +1 1672 p; s SIn Tl s SmbGeVT, (3.39)

wobei | der entsprechende Isospinkoeffizient aus Tabelle 3.4 ist.

334 NR—> NFR

Bis jetzt haben wir alle Wirkungsquerschnitte festgelegt, die sich mit mehr
oder weniger grofler Genauigkeit aus den experimentellen Daten ableiten las-
sen. In unserem ‘lransportmodell bendtigen wir aber auch Wirkungsquer-
schnitte mit einer Resonanz im Eingangs- und einer im Ausgangskanal. Zu-
nachst betrachten wir den ProzeB N A(1232) — N A(1232).

N A(1232) — N A(1232)

7u dieserm Wirkungsquerschnitt tragen in erster Ordnung Storungstheorie die

beiden in Abbildung 3.14 dargestellten Diagramme bei. Zusétzlich zu den
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Abbildung 3.13: Darstellung des n A*™™ — pp-Wirkungsquerschnittes als
Funktion der Deltamasse M und des Deltaimpulses p.

Lagrangedichten aus Gleichung(3.18) und (3.19) bendtigen wir eine AAm-
Wechselwirkung, die [29] entnommen wird:

fif”wgyw”é)%uaﬁ (3.40)

LAATF =

4 3.3
mit, fAAﬂ:;fNNW und <§||@H§>:\/]5 ,
5

wobei © eine Darstellung von 7 fiir Isospin 3/2 ist und das angegebene Ma-
trixelement die Normierung dieser Matrix angibt (Wigner-Eckart-Theorem).
Fiir den p-Austausch werden die Lagrangedichten aus [30] verwendet:

£N1\/p = 79N1Wp®71l7:\1lﬁ/4 - gNNp‘ijl‘i L (Al (341)

Lyna, = Zg?/\;/: (@Zﬁ%'y’"f‘lléﬁy + h.c.) (3.42)

o [mb]
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Abbildung 3.14: Graphen zu AN — A N.

Lany = 928,V (1 Guw + 70 Gaw + 0 o — T T ) OUL Y (3.43)

Alle Vertizes erhalten einen Formfaktor der Form (3.20). Fiir den Parameter
A ® und die Kopplungskonstanten werden die folgenden Werte verwendet [30]:

gnN, = 276 gna, = 1235 gan, =581 A=12GeV k=06 (3.44)

Mit diesen Wechselwirkungen kann nun geméafi Gleichung (3.8) der doppelt
differentielle Wirkungsquerschnitt

o

dpdQ

berechnet werden, wobei mit g wie tiblich die Masse des auslaufenden Deltas
bezeichnet ist.

In Abbildung 3.15 ist dieser differentielle Querschnitt fiir eine kinematische
Situation im Eingangskanal dargestellt. Man erkennt, daBl der differentielle
Querschnitt entlang einer Kurve in der 8 — u-Ebene divergiert. Diese Diver-
genz kommt zustande, weil sich das ausgetauschte Pion in Abbildung 3.14 b)
fiir bestimmte kinematische Situationen auf seiner Massenschale befindet und
sein Propagator somit divergiert. Anschaulich ist dies sofort klar, da ein Del-
ta mit einem Nukleon durch Austausch eines reellen Pions wechselwirken
kann, indem das Delta zunachst zerfallt und dann in einem zweiten Schritt
das Pion durch ein Nukleon absorbiert wird. Unter der Annahme, dafi das
Pion ein stabiles Teilchen ist, fithrt dies zu einer unendlich weit reichenden
Wechselwirkung und damit zu einem divergenten Wirkungsquerschnitt.

3Der hier verwendete Parameterwert fiir A weicht vom Dmitriev-Wert ab. Der Grund
hierfiir liegt darin, dafl Dmitriev seinen Parameter dazu benutzt, die experimentellen Da-
ten des pp — n AtT-Wirkungsquerschnittes ,anzufitten®, wihrend der hier verwendete
Parameter einer breiteren Klasse von Experimenten angepafit wurde.
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Abbildung 3.15: Darstellung des differentiellen pAT — n AT
Wirkungsquerschnittes

Die auftretende Divergenz ist nicht integrabel, da:

do 1 1 -
EN~—1 :c—(a,fx)z — oo (la] <1)
Es ist nicht moglich, den Pol-Term vom Integranden so zu separieren, daf
der Wirkungsquerschnitt in einen divergenten und endlichen Anteil zerlegt
wird. Da der zu betrachtende Prozef} allerdings nur im Medium stattfinden
kann, sollte man anstelle des freien Pionenpropagators den mediummodi-
zierten Propagator verwenden, was dann zu einem endlichen Wirkungsquer-
schnitt fithrt. In unserem Fall hilft dies jedoch nicht weiter, da wir weiterhin

mit dem Problem konfrontiert blieben, den in unserem Transportmodell be-
reits enthaltenen Zweistufen-Prozef

Al — ]Vl ’/T 7TJV2 — Az
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I
» AT |p ATT|9/1
p At |n ATt ] 3
p AT {p AT | 1/4
p AY [p A° |1/4
p A |p A™ |9/4

Tabelle 3.6: Isospinkoeffizienten fiir den NA — NA-Wirkungsquerschnitt
aus Gleichung(3.45). Die tibrigen Kanéle ergeben sich aus Tsospinsymmetrie.

von dem berechneten Wirkungsquerschnitt zu separieren. Da dies nicht mog-
lich ist, wird das zur Divergenz fithrende Diagramm vernachldssigt. Ein sol-
ches Vorgehen ist insofern sinnvoll, als der dominante Anteil des divergenten
Diagramms bereits in unserem Modell iber den Zweistufen-ProzeB enthalten
ist. AuBlerdem werden die Diagramme mit p-Austausch vernachlassigt, da sie
keinen wesentlichen Beitrag liefern.

Zum Wirkungsquerschnitt tragt nun nur noch das in Abbildung 3.14 a) dar-
gestellte Diagramm mit einem intermediaren Pion bei. Man erhilt somit:

do ;11 ﬂ(fNNWfAm)Q Fi(t) 16 (Ma +p)° Mt
dpdQ 864725 p; (tfmfr)z 9 M3 2

x (=ME+2Myp =+ 1) (MY =2 M3 + 12 M3 12
7ZMAp3+/1472Mit+2MApt72p2t+t2>

2 1 Talp)

xZ A : (3.45)
T (12— ML) + 2 T ()

2
mr

wobei I der Tsospinfaktor (Tabelle 3.6) fiir den entsprechenden Kanal, Ma
die Masse des cinlaufenden Deltas, Mo a die Ruhemasse des Deltas und p die
Masse des auslaufenden Deltas ist. Dieser doppelt differentielle Wirkungs-
querschnitt ist in Abbildung 3.16 dargestellt. Die Massenabhingigkeit wird
klar dominiert durch die Massenverteilungsfunktion fiir das auslaufende Del-
ta und den kinematischen Phasenraumfaktor p;. Mit zunehmender Masse
des auslaufenden Deltas verschiebt sich der winkeldifferentielle Wirkungs-
querschnitt zu Riickwartswinkeln.

In Abbildung 3.17 ist der totale Wirkungsquerschnitt als Funktion von Masse
und Impuls eines mit einem ruhenden Nukleon stolenden Deltas dargestellt.
Man erkennt, daff der Querschnitt im wesentlichen vom Phasenraum der aus-
laufenden Teilchen bestimmt wird und deshalb mit zunehmender Deltamasse
im Fingangskanal stark ansteigt.
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Abbildung 3.16: Darstellung des doppelt differentiellen p A* — n ATT- Wir-
kungsquerschnittes geméB Gleichung 3.45.
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Abbildung 3.17: Darstellung des p At — n AT+~ Wirkungsquerschnittes
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NR—=NR

Den N R — N R-Wirkungsquerschnitt (gleiche Resonanz im Eingangs- und
Ausgangskanal) fiir die hoheren Resonanzen erhalten wir in Anlehnung an
eine Parametrisierung des elastischen Nukleon-Nukleon-Wirkungsquerschnit-
tes [31]:

ONNoNN = | ———=————+20] mb (3.46)

1 4 =20y \
Unter Annahme einer isotropen Winkelabhéngigkeit erhalten wir daraus das
quadrierte Matrixelement:

2 35 . )
IMynown|” =167 s (* Ty T 20) mb (3.47)
L+

welches wir nun auch fir den N B — N R-Wirkungsquerschnitt benutzen.

Mit Gleichung (3.8) ergibt sich:

2 2 Tr(p
/ diep ': ,l/z QR(#L 2 , (348)
T (w2 = ME)” + 42 UR(1)

wobei T der Tsospinkoeffizient aus Tabelle 3.4 ist.

MyN NN
16mp;s

ONRsNR = | ———

NR—=NR(R+R)

Fiir den Wirkungsquerschnitt der Streuung einer Resonanz an einem Nukleon
in eine andere Resonanz verwenden wir das aus der N N — N R-Reaktion
gewonnene Matrixelement (Gleichung (3.34)):

g
S MY+ 1 D)
(3.49)

2 IMyNoNR
2Jp+1 167p;s

Onnonw =1
R#R!

34 7NN - NN

In Kapitel 3.3.2 haben wir einen nichtresonanten N N — N N 7-Wirkungs-
querschnitt eingefithrt. Nun muff aber auch die Riickreaktion erlaubt sein.
Diese wird realisiert, indem wir jedem Pion eine entsprechende Stofirate als
Funktion der lokalen Nukleonendichte zuweisen und es dann ,zerfallen“ las-
sen, wobei seine Energie und sein Impuls von zwei benachbarten Nukleonen
aufgenommen werden.

Unter der Annahme, dafl das Matrixelement M yy_snny, nur von /s und

34 TNN —+ NN 47

nicht von den Impulsen der auslaufenden Teilchen abhéngt, kénnen wir es
aus dem NN — N N r-Wirkungsquerschnitt gewinnen (sieche Anhang B.2):

: 64(27)’ pi \ﬁS ”?\‘71AY2—>N3NM(\5\) .
= (3.50)

o 2 2
Snin, [ dmiy dmis

Mo Ny Ny ( Vs )

miy = (pna +pnz)® mis = (pag +pe)?
mit dem Symmetriefaktor:
. L N, und N, identisch
Svin, =4 27
' 1 , sonst
Fiir den ProzeB 7NN, — N3N, ist nun die Ubergangsrate pro Volumen
gegeben als:

8 (pnvs + pNva — PN — PN2 — Pr)

Wy = ('ZTF)1 : Vr ) d ) (3.51)

wobei auf 2E Teilchen in V normiert ist [32]. Diese Ubergangsrate muf nun
mit, der Anzahl der verfiigharen Endzustande fiir die Nukleonen Ny und Ny

Vdpns Vdpna
(2’/7)3 2 E’V73 (271')3 2 E/VA

multipliziert werden. Wenn wir ein Pion betrachten, das sich in einem nukle-

aren Medium mit Nukleonendichten py ; und py; befindet, ergibt sich:

. (2m)*6* (pns + PNa — PN — DNz — Pr)
FonvyvgsNave = eV, %

Vdpra V d®pw 4 VopnaVopnaV
(27)*2 Eng (2—)3 2 E\M 28, 28Ny 2BNn;
PN,L  PN2
e \/‘ ‘)F 2En1 2En,

In L\bblldung 3.18 sind die sich so ergebenden Ubergangsraten fiir ein 7+

(3.52)

und ein 7%, die sich in isospinsymmetrischer Kernmaterie mit Dichte p=py=
0.168/fm? bewegen, als Funktion des Pionenimpulses dargestellt. Effekte auf-
grund der Fermibewegung der Nukleonen wurden dabei vernachlassigt. Das
Verhalten dieser Kurven ergibt sich - abgesehen von den dargestellten Pha-
senraumfaktoren - aus dem in Kapitel 3.3.2 diskutierten Fit an den nicht-
resonanten Untergrund. Insbesondere der Peak bei einem bestimmten Pio-
nenimpuls und der starke Abfall fiir groBere Energien folgen unmittelbar aus
der Parametrisierung von U%N%VNW. Natiirlich ist in den hier beschriebenen
Ubergangsraten der Zweistufen-Prozef}

TN =R RN, — NN,

nicht enthalten.
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Abbildung 3.18: # N N = N N-Ubergangsraten

Kapitel 4

Stoflverbreiterung von

Resonanzen im nuklearen
Medium

Im nuklearen Medium &ndert sich die Selbstenergie eines Teilchens, da nun
Wechselwirkungen mit anderen ‘leilchen moglich sind. Die Selbstenergie einer
Resonanz geht unmittelbar in die entsprechenden Resonanzproduktionsquer-
schnitte ein, wie in Kapitel 3.1 dargelegt wurde. In Kapitel 5 wird der elemen-
tare Gammaabsorptionswirkungsquerschnitt in die verschiedenen Resonanz-
beitrige zerlegt. Als erste Mediummodifikation dieser Resonanzbeitrage er-
wartet man den Beitrag der gednderten Selbstenergien in den entsprechenden
Propagatoren. Der Realteil der Selbstenergie bewirkt eine Verschiebung der
Resonanzlage, wéhrend der Imaginérteil in Zusammenhang mit der Breite der
Resonanz steht. Vor dem Hintergrund des einleitend erwédhnten Verschwin-
dens der hoheren Resonanzen im totalen Gammaabsorptionswirkungsquer-
schnitt an Kernen gewinnt diese Verbreiterung an zuséatzlicher Bedeutung, da
die Resonanzen moglicherweise in der nuklearen Umgebung derart verbrei-
tert werden, daf} sie im Absorptionsquerschnitt nicht mehr zu sehen sind.
Die Berechnung des Realteils der Selbstenergie ist ziemlich aufwendig und
insbesondere fiir die héheren Resonanzen mit groflen Unsicherheiten behaftet.
Fiir das A(1232) erhélt man den Realteil der Selbstenergie aus dem entspre-
chenden Delta-Potential, {iir die iibrigen Resonanzen wird er vernachléssigt.
Die Berechnung des Imaginérteils ist wesentlich einfacher und kann entweder
mit Hilfe des BUU-Programms aus einer Analyse der Lebensdaunern (Kapi-
tel 4.2) oder im Rahmen der kinetischen Theorie (Kapitel 4.3) erfolgen. Beide
Zuginge werden in Kapitel 4.4 diskutiert und verglichen.

In Kapitel 4.1 gehe ich zunédchst auf den Zusammenhang zwischen StoBrate
und Verbreiterung ein.

49
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4.1 Grundlagen

Die Schrédinger-Gleichung fiir eine Resonanz mit Masse My und Vakuum-
Breite Ty ist gegeben durch [33]:

(L) Ty V2 R :
lT = <AIR—Z?—%+‘/QP/,(I) \I/(l,f) ) (41)
wobel das optische Potential V,,.(r) durch die Vorwérts-R-N-Streuamplitude
Frn(0) ausgedriickt werden kann:
2T
Mg

Vope(7) = Jrn(0) p(7) (4.2)

Tiir unendlich ausgedehnte Kernmaterie mit p(r) = py erhilt man aus Glei-
chung (4.1) sofort den nichrelativistischen Propagator i der Resonanz:

1
G = — - 4.3
B (Mp 1 0M) + L(To 1 T7) (“-3)
mit
. 2w .
oM = —TIRRG (frN) po (4.4)
4w
r- = I ) (4.1
P m (frn) po (4.5)
Das optische Theorem:
Im(fry) = FURN',tot (4.6)

liefert schlieBlich: |

TRN

.
I =vypoornin =

wobel mit 7ry die mittlere Zeit zwischen zwei StoBen fiir die Resonanz in
ihrem Ruhesystem bezeichnet ist. Eine relativistische Verallgemeinerung [33]
fiithrt auf das gleiche Ergebnis.

In Lehrbiichern zur Atomphysik (zum Beispiel [34]) findet sich demgegeniiber
bei der Betrachtung der StoBverbreiterung von Spektrallinien die Formel:

Leon =

RS

Dieser Faktor 2 hat seinen Ursprung darin [35], daB in einem Gas (oder Plas-
ma) die StoBrate fiir alle Teilchen unabhéngig von ihrem Anregungszustand
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ungefihr gleich groB ist. Da bei der Messung einer Spektrallinie der Ubergang
von einem angeregten Zustand in einen anderen Zustand gemessen wird, tritt
auch eine Verbreiterung der Spektrallinie aufgrund einer endlichen Breite die-
ses resultierenden Zustandes ein. Dieser Ubergang ist dann analog zu Glei-
chung (3.16) behandelbar. Unter Vernachldssigung kinematischer Faktoren
und der Annahme, daB der angesprochene Ubergang in den Grundzustand
erfolgt, erhdlt man

/ ‘ Mo (To 4+ T%) Mo, T
I(AM) ~ / AM : -
(AM) (M — My)* + iﬂ# (M —AM — Moy, ) + 5
Lo+ 21"

|3

(AM — Mo + Moy, )* + Ttz

wobei sich AM unmittelbar in eine Photonenenergie im Schwerpunktsystem
umrechnen 1afit. I(AM) ist die zugehérige Intensitétsverteilung, My die Mas-
se des angeregten Zustands und My, die Masse des Grundzustandes. s
ergibt sich also eine Stofiverbreiterung, die gleich der doppelten Stofirate ist.
Diese Verbreiterung sieht man auch in einem Absorptionswirkungsquer-
schnitt, da auch hier iiber die Massenverteilung des Grundzustandes inte-
griert werden muf.

In unserem Fall der Gammaabsorption am Kern ist dieser so resultieren-
de Faktor 2 jedoch uninteressant, da die Annahme, daBl die StoBrate fir
alle Teilchen ungefahr gleich ist, nicht zutrifft. Die Nukleonen, die vor der
Reaktion den Kern bilden, haben eine nahezu verschwindende Breite, da ih-
re StoBe durch das Pauli-Prinzip verboten sind. Deshalb ist fiir die Breite,
die im Gammaabsorptionswirkungsquerschnitt beobachtbar ist, lediglich die
Breite im Resonanzpropagator entscheidend. Im Falle einer Schwerionenre-
aktion wire eine derartige Stofiverbreiterung beobachtbar, wenn es ein mit
der Kernmaterie nur schwach wechselwirkendes Teilchen géabe, das in erster
Linie durch den Ubergang einer Nukleonenresonanz in den Grundsmstand
gebildet wiirde.

Der Resonanzpropagator in Gleichung (4.3) beriicksichtigt noch nicht, daB
im Medium nicht nur eine Resonanzverbreiterung aufgrund maglicher Stofe
eintritt, sondern auch eine Verringerung der Breite aufgrund des moglichen
Pauli-Blockings von Nukleonenendzustanden des spontanen Zerfalls. Wir er-
halten also als totale In-Medium-Breite:

med __ Tmed ymed /
Lo =T ot T T (4.8)
wobei T‘Z]‘fitm die Summe von FEinpionen-, Zweipionen-, und Etabreite be-

zeichnet.
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4.2 Lebensdauern von Resonanzen im BUU-

Modell

Im Rahmen des BUU-Modells kénnen nun geméaff Gleichung (4.7) Breiten von
Resonanzen durch die Bestimmung ihrer Lebensdauern gewonnen werden,
das heift:

No— NZ)
]n( v,

P==""x ’

(4.9)

wobei Np die (iiber alle Zeitschritte summierte) Anzahl der vorhandenen
Resonanzen, Nz die Anzahl der zerfallenen Resonanzen und At die Zeit-
schrittweite sind. Diese Breite I' wird sicherlich in erheblichem Mafle von der
Masse M und dem Tmpuls p der Resonanz sowie der Kerndichte p, bei der
sich die Resonanz befindet, abhéngen. Gegentiber der Vakuumbreite erhilt
man zum einen die oben besprochene Stofiverbreiterung und zum anderen
eine Verringerung der Breite aufgrund des maglichen Pauli-Blockings von
Nukleonenendzustanden. Beides hangt stark von der Kerndichte p ab. In ei-
nem Kern wird sich eine Resonanz allerdings nicht wéhrend ihrer gesamten
Lebensdauer bei der gleichen Dichte aufhalten, sondern wihrend der Propa-
gation verschiedene Dichten durchlaufen. Um dies in einem Resonanzproduk-
tions-Wirkungsquerschnitt zu beriicksichtigen, wére eine korrekte quanten-
mechanische Berechnung des Resonanzpropagators notwendig, was jedoch in
unserem semi-klassischen Modell zu weit fithren wiirde. Aufierdem hat sich
gezeigt, daf} die Dichte am Erzeugungsort [iir die meisten Resonanzen in etwa
der Dichte am Zerfallsort entspricht. Deshalb wird die Breite als Funktion
der Dichte am Erzeugungsort bestimmt.

Unser Ziel ist es also, eine Breite

F(A/[',pv p)

zu bestimmen. Allein mit Hilfe des BUU-Programms ist dies jedoch nicht
moglich, da innerhalb einer endlichen Rechenzeit die ndtige Statistik nicht
erzielbar ist. Ferner miifite eine solche Rechnung fiir jeden zu betrachten-
den Kern separat durchgefithrt werden. Insbesondere bei schweren Kernen
fiihrt dies zu einem immensen Rechenaufwand, da in jedem Kern nur eine
Resonanz betrachtet werden kann. Aus diesem Grund werden die Breiten fiir
unendlich ausgedehnte Kernmaterie bestimmt und spater mit den aus dem
BUU-Programm gewonnenen verglichen.
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4.3 Die kinetische Theorie zur Berechnung
von Stoflbreiten
Falls die Dichte p iiber den gesamten Raumbereich konstant ist, konnen die

Stofiraten mit Hilfe der kinetischen Theorie bestimmt werden. Man erhalt
also:

P d
T s o (M pra p) = 7 o1 /“”’*“ /dQMP PxsS

Jo Swpl dQ
(4.10)
wobei die Relativgeschwindigkeit v, gegeben ist als:
I 2 Ar2 Ar2
v, = (/)R IINI) Agﬂ A[N (4]])
(PH 'Pm)

Die Pauli-Blocking Funktion
P)] = @ (|p_t/\/| — PF) (412)

beriicksichtigt, dal die Tmpulse der Nukleonen-Endzusténde auflerhalb der
Fermi-Kugel liegen miissen. Die Abschirmfunktion S tragt der Tatsache Rech-
nung, daff innerhalb des nuklearen Mediums die Wechselwirkung zwischen
zwei Teilchen nicht beliebig weit reichend sein kann und wird angesetst als:

1 s, ONRtot S Tmax
S = { Tmaz o (415)
ONR.tof sy ONR.tot > Omax
wobei 0,4, gegeben ist als:
T = (@) 80.4mb . (1.14)
p
Dabei entspricht
80.4mb .
M 1.6 fm
T

in etwa dem Abstand zweier benachbarter Nukleonen bei Dichte po=
0.168/fm®. Gleichung (4.10) bezieht sich aul ein Proton oder Neutron im
Eingangskanal. Um die totale Breite zu erhalten, muf iiber beide Kanile
summiert werden.

Die Breite, die sich aus dem Proze N R — N R’ ergibt, ist:

re 3 D
Unyrosvor (Mp,pryp) = W"Pm/ " /dQ
J0 * T pp

d ’ ) .
/dyz %RJ\B S L (4.15)
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wobei mit p die Masse der auslaufenden Resonanz bezeichnet ist. Da der
massendifferentielle Wirkungsquerschnitt von der Selbstenergie der produ-
zierten Resonanz abhéangt, ergibt sich ein System von gekoppelten Gleichun-
gen, welches durch Iteration lésbar wire. Angesichts der Tatsache, daf die
Wirkungsquerschnitte fiir Prozesse mit einer Resonanz im Eingangs- und ei-
ner anderen im Ausgangskanal mit sehr grofien Unsicherheiten behaftet sind
und die Effekte einer solchen Iteration allenfalls im Prozentbereich bemerk-
bar wéren, wird auf eine vollstandig selbstkonsistente Losung verzichtet. Dies
erspart auch die Berechnung der In-Medium-Breiten fiir Resonanzen, die im
Fall der Gamma-Kern-Reaktion bedeutungslos sind. Die Breite in Gleichung
(4.15) wird also nur einmal mit den Vakuum-Wirkungsquerschnitten berech-
net. Die Integration iiber den Nukleonenimpuls im Anfangszustand 148t sich
aufgrund azimutaler Symmetrie sofort von drei auf zwei Dimensionen redu-
zieren, so daf} schlieBlich ein 5-dimensionales Integral berechnet werden muf.
Die pauligeblockte Zerfallshreite ergibt sich durch Mittelung tiber den Zer-
fallswinkel als:

1 ‘ ,
Lrone(Mraprsp) = 5 [ deos(O)Lona(Mp)Px . (4.16)

wobei angenommen ist, dafl die Resonanz in ihrem Ruhesystem isotrop zer-
fallt, und 8 der Winkel zwischen auslaufendem Nukleonenimpuls und boost-
Achse im Schwerpunktsystem ist. ' x, bezeichnet hier die Vakuum-Ein-
pionenzerfallsbreite der Resonanz. Fir die Zweipionenbreite, die wir ja als
Zerfall der Resonanz in eine andere Resonanz behandeln (Gleichung (3.16)),
ist zusatzlich iiber die Masse der auslaufenden Resonanz zu integrieren, also:

Trorn(Mp, pr,p) = l /1 dcos(9) / dm, M Py (4.17)
2./ . dm,

wobei m, die Masse der auslaufenden Mesonenresonanz ist. Fiir den Zerfall
in ein Pion und eine Nukleonenresonanz wird keine Mediummodifikation an-
genommen, weil die Nukleonenresonanz nicht pauli-geblockt ist.
In Abbildung 4.1 ist die Stofibreite I'cy; eines A*(1232) in isospinsymmetri-
scher Kernmaterie mit Dichte p = po, die sich als Summe der Breiten aus
den Gleichungen (4.10) und (4.15) ergibt, als Funktion des Parameters o,
in der Abschirmfunktion S aus Gleichung (4.13) fir verschiedene Deltamas-
sen dargestellt. Man erkennt, dafl die Abschirmfunktion lediglich fiir grofie
Deltamassen die Breite reduziert. Fiir Deltas, die durch Absorption eines
Gammas gebildet werden, spielt die Abschirmfunktion nahezu keine Rolle,
da der Deltaimpuls fiir grofie Deltamassen - auch unter Beriicksichtigung der
Fermi-Bewegung der Nukleonen - nahezu immer auflerhalb der Fermi-Kugel

liegt.
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Abbildung 4.1: Abhéngigkeit der StoBbreite vom Abschirmparameter o,
fiir ein AT(1232) in isospinsymmetrischer Kernmaterie. In der unteren Ab-
bildung entspricht der Deltaimpuls dem Impuls, den das Delta hat, wenn es
durch Absorption eines Gammas an einem ruhenden Nukleon gebildet wird.

4.3.1 In-Medium-Breite des A(1232)

In Abbildung 4.2 ist die totale Breite eines A™(1232), die sich bei einer Dichte
p = po in isospinsymmetrischer Kernmaterie ergibt, als Funktion der Masse
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Abbildung 4.2: Tn-Medium-Breite eines AT(1232) in isospinsymmetrischer
Kernmaterie bei pg
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Abbildung 4.3: Vakuum-Breite eines A+(1232)
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Abbildung 4.4: Einpionenzerfallsbreite eines A*(1232) in isospinsymmetri-
scher Kernmaterie bei pg

und des Impulses der Resonanz dargestellt. Der Verlauf dieser Fldche wird in
erster Linie durch die pauligeblockte Breite des Einpionenzerfall des Deltas
bestimmt, welche in Abbildung 4.4 gezeigt wird. Der bereits in der Vakuum-
breite (Abbildung 4.3) zu beobachtende starke Anstieg mit der Masse wird
im Medium noch verstarkt, da aus schweren Deltas stammende Nukleonen
einen grofieren Impuls haben und somit seltener pauli-geblockt werden. Dies
sicht man insbesondere bei kleinen Deltaimpulsen. Fiir grofere Deltaimpulse
tritt iiber die Emissionswinkelintegration eine Verschmierung dieses Effektes
ein. Im Fall sehr grofier Deltaimpulse spielt das Pauli-Blocking natirlich kei-
ne Rolle mehr, und die Einpionenzerfallsbreite entspricht der Vakuumbreite.

Fiir die Stofibreiten ist demgegeniiber das Pauli-Blocking nur von gerin-
ger Bedeutung. In Abbildung 4.5 ist die Breite, die sich aus der Reaktion
AN — NN ergibt, dargestellt. Man sieht, daBl diese Breite mit kleinerer
Masse ansteigt. Verantwortlich hierfiir ist das in Kapitel 3.3.1 diskutierte
Matrixelement. Die Stofirate fiir den ProzeB N A — N A steigh dagegen mit
steigender Masse im Eingangskanal stark an, wie aus Abbildung 4.6 ersicht-
lich ist. Der Grund hierfiir liegt darin, daB sich mit gréferer Energie der
Phasenraum fir die auslaufenden Deltas 6ffnet. Die Produktion einer hohe-
ren Resonanz in Delta-Nukleon-St6fien tragt nur in nahezu verschwindendem
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Abbildung 4.5: AN — N N-Stofirate eines AT(1232) in isospinsymmetri-

scher Kernmaterie bei pg. Tm Gegensatz zu den oben dargestellten Abbildun-
gen ist hier die Ma-Achse umgekehrt orientiert.

Mafle zur Deltabreite bei, was an der fehlenden Iinergie hei den hier betrach-
teten Deltaimpulsen liegt. Die entsprechende Partialbreite ist in Abbildung
4.7 dargestellt.

Die Stofbreiten héngen nur in sehr geringem Mafle vom einlaufenden Del-
taimpuls ab, da zum einen das Pauli-Blocking, wie bereits erw&hnt, unbe-
deutend ist und zum anderen die entsprechenden Matrixelemente insensitiv
auf kleine Anderungen der Schwerpunktsenergie /s sind.

In Abbildung 4.8 sind die verschiedenen Beitrage zur Deltabreite als Funk-
tion der Deltamasse fiir die Dichten pg und po/2 dargestellt. Zum Vergleich
wird auBerdem die Vakuumbreite gezeigt. Der Deltaimpuls entspricht dem
Impuls, den das Delta hat, wenn es durch Absorption eines Gammas an ei-
nem ruhenden Nukleon erzeugt wurde. I Bereich der Resonanzlage ist die
totale In-Medium-Breite nahezu unabhéngig von der Dichte, da sich Stof3-
verbreiterung und Pauli-Blocking der freien Breite die Waage halten. Fiir
kleine und groe Massen liegt die In-Medium-Breite {iber der Vakuumbreite.
Die Stofibreiten sind fiir kleine Massen der Dichte proportional, fiir grofie

Massen spielt die Abschirmfunktion eine kleine Rolle, wie aus Abbildung 4.1
ersichtlich ist.
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Abbildung 4.6: AN — A N-Stofrate eines AT(1232) in isospinsymmetri-
scher Kernmaterie bei pg
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Abbildung 4.7: AN — R N-Stofirate cines A*(1232) in isospinsymmetri-
scher Kernmaterie bei pg



60 KAPITEL 4. STOSSVERBREITERUNG VON RESONANZEN

300 T T T T T
totale In-Medium-Breite
250 - - - Vakuum-Breite N
- c- A~ Nm
—=-=-AN-NN
200 —-- AN - 8N —

r [MeV]

r [MeV]

Abbildung 4.8: Beitrdge zur totalen Deltabreite in isospinsymmetrischer
Kernmaterie

4.3.2 In-Medium-Breiten der hoheren Resonanzen

Die weiteren fiir die Gammaabsorption wichtigen Resonanzen sind das
N(1520) und das N(1680) sowie fiir die Etaproduktion das N(1535). Die
Abbildungen 4.9 - 4.11 zeigen die In-Medium-Breiten fiir diese Resonanzen
als Funktion von Masse und Impuls bei Dichte pg in isospinsymmetrischer
Kernmaterie. Im Fall des N(1520) sieht man, daf die Breite aufgrund fehlen-
der Pauli-Blocking-Effekte nahezu unabhingig vom Resonanzimpuls ist und
mit grofier Masse durch die Parametrisierung des N(1520) — Np-Zerfalls
stark ansteigt.

Die Stufe in der Breite des N(1535) erklirt sich aus der Offnung des Ny-
Kanals ab einer Resonanzmasse von 1.49 GeV. Da dieser Zerfall in der N&he
der Schwelle hiufig pauli-geblockt ist, sieht man eine Abhdngigkeit vom Re-
sonanzimpuls wie im Fall der Einpionenbreite des A(1232). Die Breite des
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Abbildung 4.9: Breite eines N(1520) in isospinsymmetrischer Kernmaterie

bei po
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Abbildung 4.10: Breite eines N(1535) in isospinsymmetrischer Kernmaterie
bei po
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Abbildung 4.11: Breite eines N(1680) in isospinsymmetrischer Kernmaterie

bei pg

N(1680) zeigt wie die Breite des N(1520) eine nur sehr kleine Abhéngigkeit
vom Resonanzimpuls und ist durch die Parametrisierung der Vakuumbreite
dominiert.

In Abbildung 4.12 sind die einzelnen Beitrage zu den In-Medium-Breiten
dieser drei Resonanzen als Funktion der Resonanzmasse dargestellt. Der Re-
sonanzimpuls entspricht dabei dem Tmpuls, den die Resonanz hat, wenn sie
an einem ruhenden Nukleon durch Absorption eines Gammas gebildet wird.
AufBlerdem erfolgt ein Vergleich mit der Vakuumbreite. Fiir kleine Resonanz-
massen liegt die In-Medium-Breite aufgrund des Pauli-Blockings etwas unter
der Vakuumbreite und fiir grofie etwas dariiber, da dann der Phasenraum fiir
die Produktion anderer Resonanzen aufgeht.

Der Effekt der StoBverbreiterung ist jedoch insgesamt relativ klein, wofiir es
in erster Linie zwei Griinde gibt. Zum einen sind die Vakuumbreiten bereits
relativ grof}, so daf} die Stofibreite, die bei Dichte py nach oben durch

rmu,z =UVP00mar = U 265 MeV

beschrénkt ist, keinen prozentual grofien Beitrag geben kann. Zum anderen
spielt der Prozef RN — N N nahezu keine Rolle und die entsprechende
Breite ist in Abbildung 4.12 fast nicht zu sehen. Dies resultiert aus dem in
Kapitel 3.3.2 angegebenen Matrixelement fiir den Prozel N N — N R, wel-
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Abbildung 4.12: Resonanzbreiten in isospinsymmetrischer Kernmaterie bei
Po
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ches sehr klein ist. Wenn man die Annahme fallen 1af}t, dafl das angesprochene
Matrixelement fiir alle Resonanzen gleich grof} ist, kann man bestimmten Re-
sonanzen ein grofleres Matrixelement zuordnen. Aber selbst wenn man das
Matrixelement fiir eine Resonanz, zum Beispiel das N(1520), auf den maximal
mit den N N — N N 7-Daten vertraglichen Wert setzt - die Matrixelemente
fiir die anderen Isospin-i-Resonanzen sind dann 0 - erhélt man lediglich eine
Verbreiterung, die etwa der Delta-Stofibreite aus AN — N N enstspricht,
also ungefahr 25 MeV betragt.

In Abbildung 4.13 sind die StoSbreiten der Resonanzen aus Abbildung 4.12
separat dargestellt. Man sieht, daBl die Breiten, die sich aus Prozessen mit
ciner anderen Resonanz im Ausgangskanal ergeben, stark mit der Resonanz-
masse ansteigen, da der Phasenraum aufgeht. Demgegeniiber ist die Breite
aus R N — N N aufgrund der Parametrisierung aus Gleichung (3.34) nahezu
unabhéngig von der Resonanzmasse.

4.4 Vergleich von BUU- und Fermi-Gas-Rech-
nung

Fiir das A(1232) wurden die mit Iilfe des BUU-Modells fiir eine 7-"°Ca-
Reaktion gewonnenen Breiten mit der oben dargestellten Fermi-Gas-Rech-
nung verglichen. Dies ist in Abbildung 4.14 dargestellt. Man erkennt, daf
beide Rechnungen im Rahmen der mit dem BUU-Programm erzielten Sta-
tistik gut Gibereinstimmen. Lediglich fiir Massen kleiner als 1.15 GeV gibt es
Abweichungen, weil dann die Lebensdauer der Deltas groff wird und diese
somit in Bereiche anderer Dichte laufen kénnen. Betrachten wir also zum
Beispiel Deltas, die bei einer Dichte pg erzeugt wurden, so kénnen diese mit
hoher Wahrscheinlichkeit in ein Gebiet kleinerer Dichte laufen, in dem die
StoBrate kleiner und das Pauli-Blocking fiir den Zerfall weniger effektiv sind.
Da sich beide Effekte gegenseitig autheben, ist der Einflufl auf die totale
Breite klein. Fiir groBe Massen ist die Lebensdauer so klein, daf die Deltas
mit sehr hoher Wahrscheinlichkeit bei der gleichen Dichte zerfallen bei der
sie erzeugt werden.

Fiir die Berechnung der Breiten gemal Gleichung (4.10) und (4.15) wurde
fiir das einlaufende Nukleon eine Impulsverteilung im Rahmen der lokalen
Thomas-Fermi-Niherung angenommen, welche auch fiir die Initialisierung
des Kerns im BUU-Programm verwendet wird. Da wihrend einer v-Kern-
Reaktion nicht der gesamte Kern aufgeheizt wird, kann man davon ausgehen,
daf} eine Resonanz diese Verteilung auch noch zu einem spéteren Zeitpunkt
der Reaktion ,sieht®.

4.4. VERGLEICH VON BUU- UND FERMI-GAS-RECHNUNG
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Abbildung 4.13: StoBbreiten in isospinsymmetrischer Kernmaterie bei pg
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Kapitel 5

Die y-Nukleon-Reaktion

In diesem Kapitel wird auf die Parametrisierung des elementaren y-Nukleon-
Wirkungsquerschnittes eingegangen, wobei insbhesondere die Zerlegung in die
einzelnen Resonanzbeitrige von Bedeutung ist, weil spétere Effekte der Stof3-
verbreiterung von dieser Zerlegung abhingen. Zunéchst wird der wichtigste
Kanal, der Einpionenkanal, betrachtet.

5.1 Einpionenproduktion

Eine inkohédrente Zerlegung der Wirkungsquerschnitte zur Einpionenproduk-
tion in Resonanzbeitrage und Untergrund ist nicht sinnvoll, da - insbesondere
im Energiebereich der A(1232)-Resonanz - Interferenzen zwischen Resonanz-
und Untergrundbeitrigen von Bedeutung sind. Deshalb werden die Resonan-
zen nicht an den totalen Wirkungsquerschnitt gefittet, sondern an Amplitu-
den aus einer Partialwellenanalyse von Arndt et al. [36].

5.1.1 Partialwellenzerlegung

Aus den Partialwellenamplituden A;x und By (j = [ £ %, ! =Drehimpuls
des m-N-Systems) kann man die folgenden Helizitdtsamplituden konstruieren

[37]:

1 o0
Hy(0) = \FZCOSEQZ: (A — Agen-) (P = PLL,) (5.1)
=0
l l . > » » 7
Hsp(0) = ﬁcos S0sin0> (Biy — Busy-) (P = Plyy)  (5:2)
= = =1
/ ¥ H J‘ > A ! !
Hs4(0) = V2 sin 5(92 (AH— + A(H]),) (l’l + PHI) (5.3)
=0

67
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1.1 o0
Hp() = \/;singesinﬁz (B + Busn) (B4 PLy) o (5.4)
< ! =1

wobei der Winkel zwischen ein- und auslaufendem Nukleonenimpuls im
Schwerpunktsystem mit  bezeichnet ist. Die P, sind die Legendre-Polynome
als Funktion von cos §, die Striche bedeuten Ableitungen nach cos 0.

Die vier moglichen Reaktionskanéle lassen sich durch drei Isospinamplituden
ausdriicken:

2

H™P = Y g (5.5)
B = \/§<pH1/t%H3/2> (5.6)
Hr = B (g ) (5.7)
N e (5.5)

Aus den Helizitatsamplituden lassen sich alle Ohservablen konstruieren, wo-
bei hier nur der winkeldifferentielle Wirkungsquerschnitt fiir die Einpionen-
produktion von Interesse ist:

do q 2 2 2 2

— = —||Hn (¥ Hp(o Hgp(0 Hga(0 5.9

10 = o HNOF + [ Hp®)F + [ Hsp(O)F + | Hsa®)F]  (5.9)
Dabei sind der Pionenimpuls im Schwerpunktsystem mit ¢ und der Gam-
maimpuls im Schwerpunktsystem mit & bezeichnet.
Nach Integration ergibt sich dann der totale Wirkungsquerschnitt [37] als
Funktion der Partialwellenamplituden:

. 4 ,
o = 4ni [(1+])<\‘41+|1+‘A(Z+1)7‘>

ki

1 ) /
0+ 00 +2) (1Bl + [Bean| )] (5.10)

5.1.2 Resonanzbeitrige

Als Resonanzbeitrage zur Einpionenproduktion werden Breit-Wigner-Para-

metrisierungen der Form aus Gleichung (3.5

)) angesetzt. Da wir hier die Re-
sonanzen allerdings nicht an totale Wirkungsquerschnitte, sondern an Parti-
alwellenamplituden anpassen, werden Breit-Wigner-Formeln fiir die Ampli-
tuden benotigt, das heifit, mit Gleichung (3.5) kennen wir nur den Betrag,

nicht aber die komplexe Phase der Amplitude. Unter der Annahme, daf} die
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Resonanz | 71 | Jo Ay [Gevil/z] Az [GeV /7]
P n P n
A(1232) 211 ]-0.141 | -0.141 | -0.260 | -0.260
N(1520) | 2 | 1 |-0.022 | -0.062 | 0.163 | -0.137
N(1535) | 1 | 0| 0.125| -0.100 0 0
N(1680) | 4 | 2 [-0.014 | 0.027 | 0.135 | -0.035

Tabelle 5.1: Resonanzparameter fiir die Gammaabsorption

auftretenden Vertizes reell sind, da} also die angesprochene Phase gerade der
Phase des Resonanzpropagators aus Gleichung (3.3) entspricht, erhélt man

[37]:

/ Eoao\'"? (T M)\ '"* sruzrl2
AR(\/E):A&(MR)( “qo) (tt( “)) VELTD

kq T, (Mp) M —s— /500
(5.11)
wobei ) )
];3 J1 ]{z +Xz J2
M= |—] |2~ 5.12)
! o <kg> (];2 +X2> (5.12)
und
/Lj:(j\[bl) = :FQ’CYI\/W 111/2 (515)
Bie(Mg) = £4a[(2J — 1)(2J +3)] 7% Cny A (5.14)
Lk 1 My D] (515)
T2+ 1 My I3 2:29)

Cpnr ist der Clebsch-Gordan-Koeffizient fiir die Kopplung der Isospins von
Nukleon und Pion zum jeweiligen Resonanzisospin, I'; die Einpionenzerfalls-
breite und L'y die totale Zerfallsbreite auf der Resonanz. Die Helizitdtsampli-
tuden A, ), und Az, werden [18] entnommen. Fiir den Parameter X wird

X =03GeV

fiir alle Resonanzen verwendet. Die Parameter j; und j, stammen, abgesehen
vom N(1535), aus [37]. In Tabelle 5.1 sind die fiir die Gammaabsorption
relevanten Resonanzen mit den fiir sie verwendeten Parametern aufgefiihrt.
Der zu Gleichung (5.11) korrespondierende Wirkungsquerschnitt ergibt sich
mit Gleichung (5.10) als:

ko> sUyLaone  2My ( 2 z) \
L= , " (14, + Ay 5.16
OyN—R—N (k) (.9711/'[}23)2+3F?m Mnly | 1/z| + ‘ 3/2‘ (5.16)
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Dieser Ausdruck entspricht Gleichung (3.5), wenn man beriicksichtigt, daff
die Spinfaktoren bereits in den Helizitatsamplituden enthalten sind und T,
nicht die Partialbreite der Resonanz fiir den Zerfall nach N+, sondern dieser
Grofe lediglich proportional ist.

Die Parameter fiir das N(1535) wurden an die Experimente zur Etapho-
toproduktion angepafit, worauf in Kapitel 5.2 eingegangen wird. Die Heli-
zitdtsamplituden dieser Resonanz, die aus der Pionenphotoproduktion ex-
trahiert wurden, liegen ungefidhr einen Faktor 2 unter den hier verwendeten.
Auf die Ergebnisse zur Gammaabsorption oder Pionenphotoproduktion am
Kern hat dies jedoch keinen EinfluB, da der Beitrag des N(1535) immer noch
ziemlich klein ist.

In Abbildung 5.1 werden die mit Gleichung (5.11) erzeugten Deltabeitrige
zu den entsprechenden Partialwellenamplituden mit den Amplituden aus [36]
fiir die Reaktionen v p — pn® und yn — p 7~ verglichen. Man sieht, dal Del-
tabeitrag und totale Amplitude im Fall der #"-Produktion sehr gut iiberein-
stimmen, da Untergrundterme vernachlissighar klein sind. Diese gute Uber-
einstimmung rechtfertigt den Breit-Wigner-Ansatz in Gleichung (5.11).

Im Kanal yn — pm~ wird der Imaginarteil der Amplitude weiterhin durch
die Deltaresonanz dominiert. Der Realteil weist aber einen Untergrund auf,
der in etwa die GroBe des Resonanzbeitrages hat. Der Ubersichtlichkeit hal-
ber ist die Differenz von voller Amplitude und Deltabeitrag nicht dargestellt.
Man sieht aber, daf} diese Differenz eine ziemlich glatte Kurve ist. Die Grofle
des Untergrundes unterstreicht die Notwendigkeit der kohérenten Addition
von Untergrund und Resonanzbeitrag.

Der Beitrag des N(1520) zu v p — p7® und yn — p7~ ist in Abbildung 5.2
71 sehen. In der Ay_-Amplitude der 7% Produktion ist der Resonanzbeitrag
kaum erkennbar, was aber in erster Linie auf die geringe Grofie der Amplitu-
de zuriickgefithrt werden kann. Die B;_-Amplitude zeigt demgegentiber eine
deutliche Resonanzstruktur, die durch den Beitrag des N(1520) gut dar-
gestellt wird. Im yn — pr~-Kanal ist der Beitrag des N(1520) ebenfalls
eindeutig identifizierbar.

Fiir die Kanéle v p — nrt und yn — nr° zeigen die Partialwellenamplituden
das gleiche Verhalten wie im Fall der beiden dargestellten Kanéle, wobei die
Untergrundterme im Bereich der Deltaresonanz inshesondere fiir die Kanile
mit geladenen Pionen von Bedeutung sind.

In Abbildung 5.3 sind die totalen Wirkungsquerschnitte fiir beide Kanéle
der Pionphotoproduktion am Proton dargestellt. Als Untergrund ist dabei
der Wirkungsquerschnitt bezeichnet, der sich aus den Partialwellenamplitu-
den nach Abzug der Resonanzbeitrage ergibt. Dieser Untergrund ist im Fall
der m%-Photoproduktion sehr viel kleiner als in der 7+-Photoproduktion. An
der Schwelle 148t sich dies qualitativ durch eine Betrachtung des elektrischen
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Dipolmoments des 7-N-Endzustandes verstehen [16]. Aufgrund der wesent-
lich kleineren Masse des Pions ist das elektrische Dipolmoment eines m-N-
Systems im Fall eines geladenen Pions und eines ungeladenen Nukleons we-
sentlich grofler als im umgekehrten Fall. Da an der Schwelle der Wirkungs-
querschnitt durch einen elektrischen Dipoliibergang bestimmt wird, ergibt
sich eine Erhdhung der Wirkungsquerschnitte der Kanéle mit geladenen Pio-
nen.

Die Tatsache, daBl der Untergrund im wesentlichen glatt verldult, zeigt, dal
unsere Zerlegung in Resonanzbeitrige und Untergrund verniinftig ist. Die
Struktur des Untergrundes im 77-Kanal bei 1.5 GeV 1aBt sich durch eine
Modifikation des Beitrags des N(1520) nicht beseitigen. Da die Grofle die-
ser Struktur lediglich 10 ub betragt, ergédben sich mit einem wirklich glatten
Untergrund in den spiteren Berechnungen am Kern die gleichen Resultate.

17

Vs [GeV]

Man sieht, dafl sich eine inkohdrente Addition der einzelnen Beitrige, zum

yn-pm

Beispiel auf der Deltaresonanz im 7+-Kanal, signifikant von der dargestellten
koh&renten Addition unterscheidet. Deshalb ist es auch fiir die Berechnung
der Gammaabsorption an Kernen notwendig, die verschiedenen Beitrdge im
Einpionenkanal nach einer Modifikation der Resonanzbeitrage koharent auf-
zuaddieren.

Die Wirkungsquerschnitte fiir die Pionenphotoproduktion am Neutron sind
in Abbildung 5.4 dargestellt. Experimentelle Daten gibt es nur fiir den 77-
Kanal. Der 7%-Wirkungsquerschnitt ist deshalb mit der Unsicherheit der Par-
tialwellenzerlegung aus [36] behaftet. Im Bereich der Deltaresonanz wird die-
ser Wirkungsquerschnitt jedoch nahezu vollstandig vom Beitrag des Deltas
gebildet. Da die Unsicherheiten in den Helizitdtsamplituden des Deltas im
Prozentbereich liegen [18], kann man davon ausgehen, daB sich der Wirkungs-

yn-prm

002 -
001
0,00 -
001 -
002 |-

vp - pr®

L
15
Vs [GeV]

querschnitt im Bereich der Deltaresonanz nicht stark von der dargestellten

Kurve unterscheidet.

Neue Daten zur 7%-Photoproduktion am Deuteron [39] unterstiitzen den ver-
= wendeten Wirkungsquerschnitt. In Abbildung 5.5 ist das Verhéltnis der Wir-
kungsquerschnitte der 7"-Produktion an Neutron und Proton dargestellt. Bei
der Extraktion dieses Verhiltnisses aus den Deuteron-Daten spielt das zu-
grunde gelegte Deuteronmodell eine wichtige Rolle. Das realistischere der

] ] ‘ beiden verwendeten Modelle (Deuteronmodell 1) ergibt ein Verhaltnis, das
A0 Py lA%9] g dem der oben gezeigten Wirkungsquerschnitte recht nahe kommt. Unter Ver-
wendung des anderen Modells (Deuteronmodell 2) erhilt man einen grofieren

Re(B,) total

Re(A,) total

yp

13

0,012 -
0,008 -
0,004 -
0,000 f:
0,06
0,04 |
002 |
0,00 |-
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Neutronen-Wirkungsquerschnitt. Dieser Wirkungsquerschnitt wird spéter zu
Abbildung 5.2: Beitrag des N(1520) zur 2- Partialwelle fiir v p — p7° und
yn — pmw-

Vergleichszwecken verwendet.



350

KAPITEL 3.

DIE ~-NUKLEON-REAKTION

300

250 [

200

o [ub]

150

100 |-

50 -

total

- - - A(1232)
rrrrrr N'(1520)
- N'(1544)
-— N'(1680)
"""" Untergrund

250

200

150 -

o [ub]

100

50 -

total
--- A(1232)
rrrrrr N'(1520)

N'(1544)

N'(1680)
"""" Untergrund

1,0

Abbildung 5.3:
ton. Die Daten

Wirkungsquerschnitte der Pionenphotoproduktion am Pro-

sind aus [38].

1,4
Vs [GeV]

5.1. EINPIONENPRODUKTION

350 T T T T T r
300 - yn - pt
B total
250 | - - - 1(1232)
rrrrrr N'(1520)
r ----- N'(1544)
20+  x ® |- N'(1680)
E ——————— Untergrund
g |
o 150 [
100
50
350
300
yn-ntl
total
250 |- - - A(1232)
F N N'(1520)
200 - - N'(1544)
— N'(1680)
o) -
=
o 150
100
50
0 Z .
1,0 1,2 1,4 1,6
Vs [GeV]

Abbildung 5.4: Wirkungsquerschnitte der Pionenphotoproduktion am Neu-

tron. Die Daten sind aus [38].
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Abbildung 5.5: Verhéltnis der 7%-Photoproduktion an Neutron und Proton.
Die Daten sind aus [39]. Die durchgezogene Linie entspricht den verwendeten
Wirkungsquerschnitten.

5.2 Etaproduktion

Der Wirkungsquerschnitt der Etaphotoproduktion wird unter der Annahme
parametrisiert, dafl es sich bei der Etaphotoproduktion stets um die An-
regung eines intermedidren N(1535) handelt und Untergrundterme bedeu-
tungslos sind. Der Wirkungsquerschnitt schreibt sich dann mit Gleichung
(5.16) als:

o B (ko) s Iy Tv(is3s) s vy 2My
YN—=Nn — | - > p S y
- k) (s— Jufﬁ%)z +s12, Misss T

2

‘141/2 (5-]7J

wobei I'y in Gleichung (5.12) definiert wurde, und die totale Breite I's,; ge-
geben ist als:

Piot = Un + 1 + T (5.18)
mit
2 2
T N 7 + ‘T ;
U, o= L p, BT (5.19)

qR.x G+
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Abbildung 5.6: Etaphotoproduktion am Proton. Die Daten sind aus [19].

2 2
I 7 +c

r, = g, a5 (5.20)
R a4y + €y

Prr = brn Do O(Vs — My — 2m,) (5.21)

Die Resonanzparameter M35 und I’y mit den Verzweigungsverhéltnissen b,
b, und b, sowie die Helizitdtsamplitude Ay /9 sind [19] entnommen und in den
Tabellen 3.1 und 5.1 aufgefithrt. Um eine bessere Anpassung an die experi-
mentellen Daten zu erreichen, wurden im Gegensatz zu [19] die dargestellten
Formfaktoren mit den Parametern ¢, und ¢, an die Breiten multipliziert. Fir
die Zweipionenbreite wurde die Parametrisierung aus [19] iibernommen, da
sich mit dieser Parametrisierung die experimentellen Daten besser als mit
der energieabhéngigen aus Gleichung (3.16) beschreiben lassen. Mit

= 0;27 =0.25 GeV?

i

erhilt man die in Abbildung 5.6 dargestellte Kurve fiir die Etaphotopro-
duktion am Proton. Auflerdem ist die Kurve dargestellt, die sich mit einer
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Zerfallskanal
Anm | Np | No | N(1440)n
prtm™ | 5/9]1/3]2/3 4/9
natx® [ 2/9]2/3 0 4/9
prox® | 2/9 01]1/3 1/9

Tabelle 5.2: Tsospinkoeffizienten fiir den 2 7 Zerfall eines N*t

energieabhingigen Zweipionenbreite ergibt.

Die winkeldifferentiellen Wirkungsquerschnitte in [19] zeigen nur eine geringe
Abweichung von einer isotropen Winkelabhangigkeit im Schwerpunktsystem.
Mit zunehmender Gammaenergie ist ein Maximum bei einer Streuung von
90° im Schwerpunktsystem zu sehen. Diese Anisotropie betrdgt allerdings
maximal etwa 15%.

Fiir die Etaphotoproduktion am Neutron wird geméfl [40] eine andere Heli-
zitatsamplitude bei ansonsten identischen Parametern verwendet, so daf sich
bis auf einen Faktor 0.64 der gleiche Wirkungsquerschnitt wie am Proton er-

gibt.

5.3 Zweipionenproduktion

Daten zur Zweipionenproduktion gibt es bislang nur fiir das Proton. Fir den
Kanal yp — prT n~ finden sich experimentelle Daten in [41, 42]. Fiir alle
drei moglichen Isospinkanile gibt es neue Daten in [43]. In Abbildung 5.7
sind die Wirkungsquerschnitte, die sich aus einer Anpassung an diese Daten
ergeben, dargestellt.

Die Resonanzbeitrage zu diesen Wirkungsquerschnitten ergeben sich aus den
Resonanzbeitragen zum Einpionenquerschnitt (Gleichung (5.11)) und den
Zerfallswahrscheinlichkeiten der Resonanzen (Kapitel 3.2):

2

+

ko)’ T, Trone  2My 2
—“) ( S TN N A_g,.z|’> (5.22)

. T = _ A
TN RN (k s— M%) +s2, Mply O 12

Die Zerlegung in die verschiedenen Isospinkanile erhilt man aus der Kopp-
lung der jeweiligen lsospins. Dabei ist zu beachten, daB die Isospin-lndzu-
stinde des Nwm-Systems von dem entsprechenden Kanal der Zweipionen-
breite abhdngen. In Tabelle 5.2 sind die relativen Gewichte dieser Tsospin-
Endzustande fiir die verschiedenen Kanéle aufgefiihrt.

Aus Abbildung 5.7 sicht man, dafl der Breit-Wigner-Beitrag des N(1520)

in keiner Weise geeignet ist, die Struktur der Wirkungsquerschnitte z»u be-
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Abbildung 5.7: Zweipionenphotoproduktion am Proton. Die Daten stammen
aus [43] (Kreise) und [44] (Dreiecke, vorlaufige Daten). Die Resonanzbeitrige
ergeben sich mit Gleichung (5.22).
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schreiben, da die Differenz von totalem Querschnitt und Resonanzbeitrag
keine glatte Kurve ergibt. Die in der Literatur vorhandenen Modelle zur
Zweipionenphotoproduktion am Proton [45, 46] im Rahmen einer effektiven
Pion-Nukleon-Feldtheorie kénnen die experimentellen Daten nur in unzurei-
chender Weise beschreiben. Deshalb ist es noch unklar, aus welchen Beitragen
sich die Wirkungsquerschnitte zusammensetzen und insbesondere, wie wich-
tig die einzelnen Resonanzbeitrage sind. Aus diesem Grund behandeln wir
die Differenz von totalem Wirkungsquerschnitt und Resonanzbeitragen als
Untergrund.

Fir Gammaenergien, die iiber den gemessenen Bereich hinausgehen, werden
die Wirkungsquerschnitte als konstant angenommen. Fiir das Neutron gibt es
keine Daten zur Zweipionenphotoproduktion. Hier erhalten wir die Zweipio-
nenwirkungsquerschnitte aus der Differenz des totalen Gammaabsorptions-
und des Einpionenwirkungsquerschnittes, worauf im folgenden eingegangen
wird.

5.4 Der totale Gammaabsorptionswirkungs-
querschnitt am Nukleon

In Abbildung 5.8 wird die Summe aller bisher diskutierten Beitrdge zum
Gammaabsorptionswirkungsquerschnitt am Proton mit den experimentellen
Daten [47, 24] verglichen. Man sieht, daBl der totale Wirkungsquerschnitt
im hier betrachteten Energiebereich in sehr guter Niherung als Summe von
Einpionen-, Zweipionen und Etawirkungsquerschnitt aufgefait werden kann.
Weitere Kanile wie der Dreipionenwirkungsquerschnitt besitzen offensicht-
lich keine Bedeutung.
Der totale Absorptionswirkungsquerschnitt am Neutron ist in Abbildung 5.9
dargestellt. Da keine Daten zur Zweipionenproduktion am Neutron vorlie-
gen, wird dieser Beitrag an den totalen Absorptionsquerschnitt angepafit.
Mit dem Ansatz

bg ay v+ ay 22

14 asx + ay 22 #o

0’7'71%1\'7(7( -
Vs — My —2m,

xeV

(5.23)

Tr =
und den Parametern
a; =249.7 ay=314.1 a3 =—-0.3537 a4 =4.604

erhélt man die gezeigte Kurve fiir den Zweipionenuntergrund.
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Abbildung 5.8: Beitrige zum totalen Gammaahsorptionswirkungsquerschnitt

am Proton. Die Daten sind aus [47] (Kreise) und [24] (Dreiecke).

Die Summe der Einpionenwirkungsquerschnitte liegt im Bereich der Deltare-
sonanz deutlich iiber dem von Armstrong et al. [48] experimentell bestimmten
totalen Absorptionsquerschnitt. Die Unsicherheiten im von uns verwendeten
7% Photoproduktionswirkungsquerschnitt am Neutron wurden oben disku-
tiert und sind nicht ausreichend, um die Differenz von 150 ub zu erkléren.

In Frascati [49] wurde ebenfalls die Gammaabsorption am Deuteron gemes-
sen. Als Target diente dort ein CD,-Pulver, wobei der Beitrag des Kohlen-
stolls spater subtrahiert wurde. Mit einer Normalisierung von 0.88 konnte die-
ses Experiment die Armstrong-Daten reproduzieren. Der Normalisierungsfak-
tor wurde mit Unsicherheiten in der Homogenitit des Targets begriindet. Oh-
ne diesen Normalisierungsfaktor entsprache das Frascati-Ergebnis sowohl der
Partialwellenanalyse aus [36] als auch der Messung der 7%Photoproduktion
am Deuteron [39]. Deshalb ist davon auszugehen, daB die Armstrong-Daten
einen systematischen Fehler enthalten. Dies heifit natiirlich auch, dafi mogli-
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Abbildung 5.9: Beitrige zum totalen Gammaabsorptionswirkungsquerschnitt
am Neutron. Die Daten sind aus [48].

cherweise der von Armstrong bestimmte Absorptionswirkungsquerschnitt bei
groferen Energien falsch ist und damit auch der von uns verwendete Zwei-
pionenwirkungsquerschnitt am Neutron.
Die dargestellte experimentelle Situation induziert eine Unsicherheit von et-
wa 10% fiir die Berechnungen am Kern.

5.5 Implementierung ins BUU-Modell

Wenn der oben diskutierte Einpionenwirkungsquerschnitt in das BUU-Modell
implementiert wird, werden Wirkungsquerschnitte fiir jeden Kanal bendtigt
und nicht nur fiir die kohédrente Summe aller Kanéle, da in unserem Modell
Nukleonenresonanzen explizit propagiert werden. Daher muf} die kohédrente
durch eine skalierte inkoharente Summation ersetzt werden. Der Wirkungs-
querschnitt fiir die Produktion einer Resonanz R wird in diesem Sinne ange-

5.5. IMPLEMENTIERUNG INS BUU-MODELL 83

setzt als:

Ao N R N7 d
—aa [N N7
Wd(? T dQ + OAN—R—X(X#N7)

eff '
OyN—-R = / b
1o % N Iy doyN s RS Ng

dQ R dQ

(5.24)
wobei mit o,y r—s - und (Tff]\ _ .~ die Wirkungsquerschnitte bezeichnet sind,
die sich ohne Interferenzen ergeben. Analog dazu ist der Wirkungsquerschnitt
fiir die direkte Produktion eines Nw-Paares gegeben durch:

by
bg.eff 4o N s
do NN —a doyN_Nx (5.25)
- B e
dQ oo S nr +3 doyNs RN Q)
dQ R dQ

Auf diese Weise ist sichergestellt, dafl die Summe dieser Wirkungsquerschnit-
te dem kohérent aufaddierten Wirkungsquerschnitt entspricht. Wie aus den
Abbildungen 5.3 und 5.4 ersichtlich ist, liegt die GroBle der Interferenster-
me von Untergrund- und Resonanzbeitragen fiir die Kanéle mit geladenen
Pionen bei maximal etwa 20%. Fiir die Berechnungen zur Pionenproduktion
ist daher die aus dieser Zerlegung stammende Unsicherheit vernachlassighar,
da die aus dem spontanen Zerfall resultierende Breite fiir alle Resonanzen
wesentlich groBer als die Stofibreite ist (siche Kapitel 4.3).

Da im Rahmen des BUU-Modells eine Resonanz in ihrem Ruhesystem isotrop
zerféllt, ist es nicht moglich, die winkeldifferentiellen Wirkungsquerschnitte
in korrekter Form zu implementieren.

Die Impulsverteilung in der Zweipionenproduktion geschieht unter der An-
nahme, daf} das entsprechende Matrixelement nicht von den Impulsen der
auslaufenden Teilchen abhéngt und somit lediglich der Dreikérperphasen-
raum entscheidend ist (siche Anhang B.2).

Die Zerlegung des Zweipionenwirkungsquerschnittes am Neutron in die ver-
schiedenen lsospinkanile geschieht in Anlehnung an die Maximalwerte der
Zweipionenproduktion am Proton und wird energieunabhéngig angesetzt als:

. . — 7R .R5F . 1°¢
Oyn—snrtn=  Oynspr—n0 * TynsnnrOnd = 75:55:12

5.5.1 Mediummodifikationen

Die Berechnung des elementaren Gamma-Nukleon-Wirkungsquerschnittes im
Medium geschieht unter Beriicksichtigung von drei Modifikationen. Zum ei-
nen andert sich die Selbstenergie der Resonanzen im Medium und somit auch
der Resonanzpropagator. Der Tmagindrteil der Selbstenergie folgt aus der
totalen Breite wie in Kapitel 4 dargelegt wurde. Ein Realteil wird nur fir die
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Deltaresonanz verwendet und ist iiber das Deltapotential Us aus Gleichung
(2.25) und das Nukleonenpotential Uy gegeben als:

Rell = 2Ex (Uy — Ua) (5.26)

AuBerdem mufl beriicksichtigt werden, dafl im Medium Nukleonen-Endzu-
stande pauli-geblockt sein konnen. Im Fall des FEinpionenquerschnittes kann
dies auf zwei Arten erfolgen. Die erste Moglichkeit besteht darin, in den Re-
sonanzbeitrdgen aus Gleichung (5.11) die Vakuum-Einpionenzerfallsbreiten
zu verwenden und das Pauli-Blocking aul den kohdrent aufaddierten win-
keldifferentiellen Wirkungsquerschnitt anzuwenden. Man kann aber auch in
Gleichung (5.11) die pauli-geblockte Einpionenbreite verwenden und dafiir
das Pauli-Blocking nur auf den Untergrundterm aus Gleichung (5.25) wirken
lassen. Beide Moglichkeiten sollten keine allzu verschiedenen Ergebnisse er-
geben. Fir die Zweipionen- und Etabreiten in den Gleichungen (5.17) und
(5.22) werden die mediummodifizierten Breiten verwendet.

Schliefllich muf noch beachtet werden, daff den Resonanzen im Medium ge-
geniiber dem Vakuum susitzliche Zerfallskandle offenstehen. Wir erhalten
also Beitriage der Form:

2

443/2| > )

(5.27)
wobel mit 'y .o die StoBbreite der Resonanz bezeichnet ist. In Form dieser
Beitrige wird also ein Teil der moglichen Zweikorperabsorptionsprozesse fir
das Photon beriicksichtigt. Es ist jedoch nicht klar, ob damit der dominante
Teil der Zweikorperabsorption enthalten ist, da es natiirlich wesenlich mehr
Prozesse gibt, bei denen ein Photon von zwei Nukleonen absorbiert wird. Zum
Beispiel werden alle Prozesse vernachlissigt, bei denen das Gamma an ein
zwischen zwei Nukleonen ausgetauschtes Meson koppelt. In [51] finden sich
alle Diagramme, die im Rahmen eines A-hole-Modells zur Gammaabsorpti-
on beitragen, wobei Prozesse mit bis zu drei Nukleonen im Eingangskanal
beriicksichtigt werden.
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Kapitel 6

Ergebnisse

Da nun das Modell vollstandig festgelegt ist, kénnen wir uns der Diskussi-
on der Ergebnisse zur Gammaahsorption und Mesonenphotoproduktion am
Kern zuwenden.

6.1 Gammaabsorption

Wir kénnen davon ausgehen, daf die Wahrscheinlichkeit, dal ein Gamma mit
einem Nukleon reagiert, nicht vom Ort des Nukleons abhéangt, da der totale
Gamma-Nukleon-Wirkungsquerschnitt im hier betrachteten Energiebereich
verglichen mit nuklearen Abmessungen klein ist:

aln’ =600ub =6- 1072 m? = 7 (0.14 ['m)2 ,

Unter dieser Annahme schreibt sich der totale Absorptionsquerschnitt o,
an einem Kern mit Massenzahl A und Protonenzahl 7 in unserem semi-
klassischen Modell als:

v Loy kony My
Oabs = /47rp(r)r2 dr/ ‘ 1 pg v PN
p - 3MPr kwA Ey
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wobei pp der lokale - also dichteabhdngige - Fermi-Impuls aus Gleichung
(2.19) ist. k,n bezeichnet die Gammaenergie im Ruhesystem des Nukleons
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Abbildung 6.1: Mediummodifikationen des elementaren Wirkungsquerschnit-
tes. Die Legende ist so zu verstehen, daf} die verschiedenen Effekte sukzessive
seingeschaltet” werden. Die Daten sind aus [7].

mit Tmpuls Py und kyq die Gammaenergie im Ruhesystem des Kerns. Der
Faktor

}‘A’YN /17,‘\/

}{77/4 ]?N

stammt dabel aus der Lorentz-Iransformation des Wirkungsquerschnittes
[54] (siche Anhang B.3) und ist hier nur der Vollstandigkeit halber ange-
geben. Bei mittlerer Kerndichte liegt dieser Faktor typischerweise zwischen
0.85 und 1.15 und betrigt im Mittel ungelfhr 1, so daf} sich auch bei Ver-
nachldssigung dieses Faktors die gleichen Ergebnisse ergeben.

In Abbildung 6.1 ist dargestellt, wie die die verschiedenen Medinmmodifi-
kationen den Gammaabsorptionsquerschnitt am Kern am Beispiel von “°Ca
beeinfluflen. Ausgehend vom elementaren Wirkungsquerschnitt sieht man,
dafl Fermiverschmierung und Pauli-Blocking den Deltapeak jeweils um knapp
100 pb pro Nukleon reduzieren. Im Bereich von Gammaenergien zwischen 400
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und 600 MeV wird die durch die Fermiverschmierung bewirkte Erhéhung des
Wirkungsquerschnittes pro Nukleon gegeniiber dem elementaren Querschnitt
durch das Pauli-Blocking kompensiert, so dafl der pauli-geblockte Wirkungs-
querschnitt unter dem elementaren liegt. Aufgrund der Fermiverschmierung
verschwindet die Resonanzstruktur im Bereich des N (1680) vollstandig.
Verwendet man nun zusétzlich die In-Medium-Breiten fiir die Resonanzen,
so verschiebt sich der Deltapeak zu kleineren Energien und wird um etwa 70
b pro Nukleon hoher. Dies ist leicht zu verstehen, wenn man den Vergleich
der In-Medium-Breite des Deltas mit der Vakuumbreite in Abbildung 4.14
betrachtet. I Bereich der Resonanzlage entspricht die In-Medium-Breite un-
gefihr der Vakuumbreite, das heifit, wir erhalten nun durch die In-Medium-
Breiten einen zusétzlichen Beitrag der Form aus Gleichung (5.27) zum Wir-
kungsquerschnitt, wihrend der Einpionenwirkungsquerschnitt in gleichem
Mafle beitragt. Fiir grofere Resonanzmassen wéchst die In-Medium-Breite
des Deltas sehr stark an, wodurch der Resonanzbeitrag kleiner wird.

Fiir die héheren Resonanzen sind die Effekte der In-Medium-Breiten weitaus
geringer, da hier - wie in Kapitel 4.3.2 diskutiert wurde - die Mediummo-
difikationen der Vakuumbreiten klein sind. Im wesentlichen wird durch die
In-Medium-Breiten lediglich der Effekt des Pauli-Blockings kompensiert, da
anstelle der pauli-geblockten Pionenzerfallskanéle Zerfélle iiber St68e moglich
werden.

Schliefllich miissen wir noch beriicksichtigen, daf sich ein Delta in Kernma-
terie nicht im Nukleonenpotential befindet, sondern schwécher gebunden ist.
Mit den Nukleonen- und Deltapotentialen aus Kapitel 2.2.3 und

Ua(po) = =30 MeV

ergibt sich dann die durchgezogene Linie in Abbildung 6.1. Gegeniiber der
Kurve, die sich ohne Verwendung eines Deltapotentials ergibt, ist der Del-
tapeak zu hoheren Energien verschoben, wobei sein Maximum um etwa 70
ub pro Nukleon verringert ist. Diese Verkleinerung des Maximums hat ihren
Ursprung darin, daB die Deltabreite sehr stark mit der Deltaenergie ansteigt
und der Resonanzbeitrag auf der Resonanz proportional % ist. AuBerdem ist
die Position des Deltapeaks dichteabhéngig, so dafl iiber die Ortsrauminte-
gration eine weitere Verschmierung auftritt. In Kapitel 3.2.1 wurde gezeigt,
daf eine andere Parametrisierung der Deltabreite, zum Beispiel eine, die nicht
von der Deltaenergie abhdngt, nicht vertraglich mit den Daten zur elastischen
m-N-Streuung ist. Daraus folgt dann zwangsldufig die Reduktion des Delta-
peaks bei Beriicksichtigung eines Deltapotentials unter der Annahme, daf
Deltas schwicher als Nukleonen gebunden sind.

Es ist offensichtlich, dafi die so erhaltene Kurve die experimentellen Daten
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Abbildung 6.2: Beitrédge zum totalen Gammaabsorptionswirkungsquerschnitt
am Kern. Die durchgezogene Linie entspricht der durchgezogenen Linie in

Abbildung 6.1.

aus [7] nur in unzureichender Weise beschreiben kann. Zum einen ist der Wir-
kungsquerschnitt, bei Energien zwischen 350 und 500 MeV zu niedrig. Zum
anderen ist die Struktur des Wirkungsquerschnittes im Bereich der N(1520)-
Resonanz zu stark ausgepragt.

In Abbildung 6.2 sind die Beitrige dargestellt, aus denen sich der totale
Wirkungsquerschnitt zusammensetzt. Der Anstieg des Wirkungsquerschnit-
tes im Bereich der N(1520)-Resonanz wird nicht nur durch die entsprechen-
den Resonanzbeitriage verursacht wird, sondern stammt zum groflen leil aus
dem Untergrund der Zweipionenproduktion. Der Beitrag des Einpionenquer-
schnittes zeigt in diesem Bereich nahezu keine resonante Struktur.
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Abbildung 6.3: Einflul von Modellparametern auf den Absorptionsquer-
schnitt am Kern . Die durchgezogene Linie entspricht der durchgezogenen

Linie in Abbildung 6.1.

6.1.1 Einflul der Modellparameter

Bisher haben wir noch nicht die in unserem Modell enthaltenen Freiheitsgrade
beriicksichtigt. Zundchst bietet sich an, das Deltapotential zu verdnderen und
anzunchmen, dafl das Delta im Kern ungebunden ist:

Uar=0

Dies sollte den Peak weiter zu hoheren Energien verschieben. In Abbildung
6.3 ist die sich so ergebende Kurve im Vergleich mit der bisherigen Kurve
und den experimentellen Daten dargestellt. Aufgrund des oben beschriebenen
Effekts des Deltapotentials fithrt dies zu einer weiteren Reduktion des Del-
tapeaks um 50 ub. Somit ergibt sich keine bessere Beschreibung der Daten.
Moglicherweise ist die Beriicksichtigung eines impulsabhdngigen Deltapoten-
tials notwendig. Ein Potential, das mit zunehmendem Impuls weniger attrak-
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tiv wird, fithrt dazu, daff der Deltapeak im elementaren Wirkungsquerschnitt
mit groBerem Deltaimpuls zu héheren Energien verschoben wird. Gleichzei-
tig tritt jedoch iber die Impulsraumintegration eine starke Verschmierung
des Deltapeaks ein, da zu gegebener Gammaenergie die Deltaimpulse um
£250 MeV varileren.

Ein impulsabhéngiges Pionenpotential, das bei py etwa 20-30 MeV attraktiv
ist, wurde zu Testzwecken verwendet. Einerseits erhélt man eine Vergrofie-
rung der Deltabreite und damit eine Reduktion des Deltapeaks. Anderer-
seits ergibt sich aufgrund der ¢-Abhéngigkeit des Phasenraumfaktors eine
Erhohung des Untergrundes. Beide Effekte heben sich nahezu auf, so daff
der Einflufl des Pionenpotentials auf den totalen Absorptionswirkungsquer-
schnitt am Kern klein ist.

In Kapitel 5.1.2 wurde auf die Unsicherheiten besiiglich des elementaren
7%-Wirkungsquerschnittes am Neutron eingegangen. Verwenden wir den 7°-
Wirkungsquerschnitt, der sich mit dem in Abbildung 5.5 als Deuteronmo-
dell 2 bezeichneten Modell ergibt, so erhalten wir die in Abbildung 6.3 mit
,n m modifiziert* bezeichnete Kurve. Diese Kurve liegt zwar niher an den
experimentellen Daten, kann diese jedoch ebenfalls nicht zufriedenstellend
beschreiben.

Bei der Berechnung der In-Medium-Breiten der Resonanzen haben wir nur
Resonanz-Nukleon-StoBe beriicksichtigt und Terme von héherer Ordnung in
der Baryonendichte vernachléssigt. Um Dreiteilcheneffekten Rechnung zu tra-
gen, machen wir den Ansatz:

I = Lo (1 +a ﬁ) (6.2)
Po

Die sich so ergebenden Absorptionswirkungsquerschnitte sind fiir o = 1,2,3
in Abbildung 6.3 dargestellt. Aufgrund der zunehmenden Vergréferung der
Breite wird der Deltapeak fiir zunehmende a-Werte reduziert. Auflerdem
verschiebt sich der Deltapeak zu kleineren Energien, da die AN — NN-
StoBbreite im Gegensatz zur Einpionenzerfallshreite fiir kleine Deltamassen
nicht gegen Null geht. lim Bereich der hoheren Resonanzen sind diese Brei-
tenmodifikationen nicht zu sehen, da hier die Stolbreiten zu unbedeutend
sind. Die Struktur des experimentellen Wirkungsquerschnittes im Bereich
der Deltaresonanz kann also nicht durch eine weitergehende Verbreiterung er-
klart werden, falls die y NA-Kopplung im Medium unverédndert bleibt und die
Deltamassenabhingigkeit der in der vorliegenden Arbeit herechneten Stof3-
breiten richtig ist.

In Abbildung 6.4 sind Modifikationen des Modells dargestellt, die den Gam-
maabsorptionsquerschnitt am Kern nur unwesentlich beeinfluflen. In einer
Rechnung wurden in den Resonanzbeitrdgen zum Einpionenquerschnitt die
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Abbildung 6.4: Einflul von Modellparametern auf den Absorptionsquer-
schnitt am Kern. Die durchgezogene Linie entspricht der durchgezogenen
Linie in Abbildung 6.1.

mediummodifizierten Einpionenbreiten verwendet und dafiir das Pauli-Blok-
king nur auf den Einpionenuntergrund angewandt (siche Kapitel 5.5.1). Au-
Berdem wurden in weiteren Rechnungen die Orts- und Impulsraumkonfigu-
rationen des Kerns im Anfangszustand verandert. Anstelle der Dichtevertei-
lung aus einer Hartree-Fock-Rechnung wurde die Dichteverteilung des Kerns
gemif der Woods-Saxon-Formel aus Gleichung (2.18) bestimmt. Dies liefert
erwartungsgemal eine nur sehr geringfiigice Modifikation des Absorptions-
wirkungsquerschnittes. Weiterhin wurde fiir die Impulsverteilung der Nu-
kleonen der Fermi-Impuls aus der Hartree-Fock-Rechnung gemif Gleichung
(2.22) verwendet. Obwohl dieser Fermi-Impuls an der Oberfliche wesentlich
grofer als der aus der lokalen Thomas-Fermi-Naherung (2.19) erhaltene ist,
ergibt sich eine nur sehr kleine Anderung des Wirkungsquerschnittes.
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6.1.2 Der Zweipionenuntergrund

Abgesehen vom Pauli-Blocking haben wir fiir den Untergrund der Zweipio-
nenproduktion keine Mediummodifikation angenommen. Dies ist natiirlich
nicht, realistisch. Da jedoch der elementare Zweipionenwirkungsquerschnitt
wie in Kapitel 5.3 ausgefithrt wurde, noch ziemlich unverstanden ist, gibt es
zumindest keine naheliegenden Mediummodifikationen.

Tn [50] wird die Zweipionenphotoproduktion am Kern im Rahmen einer phi-
nomenologischen Pion-Nukleon-Feldtheorie berechnet. Hierzu werden in den
Feynman-Diagrammen, die den elementaren Prozefl beschreiben, die auftre-
tenden Delta- und Pionenpropagatoren durch In-Medium Propagatoren er-
setzt. Vertexkorekturen und Prozesse mit mehr als einem Nukleon im Ein-
gangskanal werden vernachldssigt. In der Phasenraumintegration werden die
Potentiale der Pionen und Nukleonen beriicksichtigt. Der totale Wirkungs-
querschnitt ergibt sich dann im Rahmen einer lokalen Thomas-Fermi-N&he-
rung als Integration iiber das Kernvolumen, wobei Nukleonen im Ausgangs-
kanal pauli-geblockt sein konnen. Einer Absorption der auslaufenden Pionen
wird ebenfalls Rechnung getragen.

Damit ergibt sich dann ein Wirkungsquerschnitt, der trotz der moglichen Ab-
sorption der auslaufenden Pionen deutlich iiber dem elementaren Wirkungs-
querschnitt liegt. Als Griinde hierfiir werden das attraktive Pionenpotential,
durch welches der Pionenphasenraum vergroflert wird, und das modifizierte
Matrixelement genannt. Allerdings wird in [50] nur bis zu Gammaenergien
von 600 MeV gerechnet. Es ist also unklar, wie dieser Wirkungsquerschnitt
im Bereich der N(1520) Resonanz modifiziert wird.

Fiir Energien im Bereich von 500 MeV kommt eine Erhéhung des Zweipionen-
untergrundes unseren Rechnungen entgegen, da wir hier den Absorptionswir-
kungsquerschnitt um nahezu 50 ub unterschétzen. Da jedoch die Rechnungen
in [50] mit nicht unerheblichen Unsicherheiten behaftet sind, wird auf eine
quantitative Betrachtung verzichtet.

6.1.3 Abhingigkeit von der Massenzahl

Bisher hat die Diskussion ausschlieilich auf der Basis von Rechnungen an
"Ca stattgefunden. In Experimenten zur Gammaabsorption an Kernen [7, 8]
hat sich gezeigt, dal der totale Wirkungsquerschnitt pro Nukleon ab einer
Massenzahl von etwa 12 fiir alle Kerne im Rahmen der Mefigenauigkeit gleich
groB ist. Tn [49] wird fiir den von einer Gammaenergie von 320 bis 440 MeV
integrierten Wirkungsquerschnitt eine Abhéngigkeit von der Massenzahl A
der Form:

(T4 E‘»’ a— <
/ (A)(JEW:U,A . (6.3)
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Abbildung 6.5: Einflufl der Kernmasse auf den Absorptionsquerschnitt am
Kern

angegeben, wobei
(or = 1) = 0.002 + 0.009(stat.) = 0.007(syst.)

In diesem Zusammenhang wird haufig von der ,universal curve* gesprochen.
In Abbildung 6.5 ist der mit unserem Modell erhaltene Absorptionsquer-
schnitt pro Nukleon fiir verschiedene Kerne dargestellt.

Im Rahmen unseres Modells nimmt der Deltapeak mit groBer werdender
Kernmasse ab. Hierfiir gibt es mehrere Griinde. Zum einen wird die Fermi-
verschmierung effektiver, da sich weniger Nukleonen am Rand, also bei klei-
neren Dichten befinden. Zum anderen sind die Effekte der In-Medium-Breiten
und des Deltapotentials starker ausgepragt. Zum Vergleich ist auflerdem die
Kurve gezeigt, die sich ergibt, wenn man annimmt, dal die Dichteverteilung

p(r) im Kern durch
p(r) = po O(rmae — 1)
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gegeben ist.
Bestimmt man aus den fiir die drei Kerne gezeigten Kurven einen integrierten
Wirkungsquerschnitt geméf Gleichung (6.3), erhélt man eine A-Abhéngigkeit

(a—1)~ —0.02 ,

die aulerhalb der experimentellen Fehlergrenzen liegt.

Die Massenabhingigkeit des Wirkungsquerschnittes im Bereich der Deltare-
sonanz wird also in unserem Modell nur unzureichend wiedergegeben. Dies
ist moglicherweise ein Hinweis darauf, dafl Mehrteilcheneffekte in der Gam-
maabsorption eine grofiere Rolle spielen.

Im Bereich der héheren Resonanzen ist der Absorptionsquerschnitt pro Nu-
kleon nahezu unabhingig von der Massenzahl.

6.1.4 Andere Modelle

Im Rahmen des Delta-Hole-Modells wurde die Gammaabsorption an Ker-
nen in [51] bis zu Gammaenergien von 500 MeV und in [21] bis 400 MeV
berechnet. Beide Rechnungen weichen im 10%-Bereich voneinander ab. Die
Rechnungen in [51] stimmen sehr gut mit den experimentellen Daten itberein.
In dieser Rechnung sind die Beriicksichtigung von Zwei- und Dreikérperab-
sorptionsprozessen und eines Pionenpotential sowie die Modifikation der im
Vakuum zum Einpionenwirkungsquerschnitt beitragenden Born-Terme von
groBer Bedeutung.

AuBerdem gibt es mehrere Arbeiten [52, 33, 53], die sich {iber verschiedene
Zugénge mit dem Gammaabsorptionsquerschnitt am Kern befassen. Tn [52]
wird behauptet, dafl sich der Absorptionswirkungsquerschnitt an Kohlenstoff
im Bereich bis 500 MeV durch die Fermibewegung der Nukleonen unter Ver-
wendung realistischer Impulsverteilungen erklaren liefle. IFiir den elementaren
Wirkungsquerschnitt werden allerdings die Neutronendaten von Armstrong
et al. verwendet. Beriicksichtigt man die sich daraus ergebende Reduktion
des Deltapeaks um etwa 75 ub pro Nukleon, entspricht die in [52] gezeigte
Kurve der Kurve, die wir erhalten, wenn wir nur Fermiverschmierung beriick-
sichtigen (Abbildung 6.1).

In [33, 53] wird versucht, durch Fits an den Gammaabsorptionswirkungsquer-
schnitt am Kern Informationen iiber die Verbreiterung und Massenverschie-
bung von Resonanzen im Medium zu erlangen. In beiden Verdflentlichungen
werden die Resonanzbreiten als unabhéngig von der Masse angenommen und
die elementaren Daten von Armstrong et al. verwendet. In [53] wird zudem fiir
Protonen und Neutronen der gleiche Wirkungsquerschnitt verwendet, der an
die experimentellen Daten zur Gammaabsorption am Proton angepafit wird.
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Diese Anpafiung geschieht unter Vernachléssigung jeglicher Untergrundterme
iiber einen Resonanzfit. Fiir den Absorptionswirkungsquerschnitt am Kern
wird dann {iber die Impulsverteilung der Nukleonen unter Annahme einer lo-
kalen Thomas-Fermi-Nadherung integriert. Die Dichteverteilung wird als kas-
tenformig angenommen. Dies liefert dann eine Verbreiterung des Deltas im
Medium von 112 auf 142 MeV bei einer Verschiebung der Masse um 30 MeV.
Die héheren Resonanzen erfahren weitaus drastischere Verbreiterungen um
100 bis 300 MeV und Massenverschiebungen von 20 bis 60 MeV.

In [33] wird fiir das Neutron der von Armstrong et al. ermittelte Wirkungs-
querschnitt verwendet. Fur Proton und Neutron werden die totalen Abhsorp-
tionswirkungsquerschnitte angefittet. Als Untergrund wird eine Funktion an-
genommen, die im betrachteten Energiebereich nahezu konstant ist. Wahrend
der Deltabeitrag zu den elementaren Wirkungsquerschnitten mit den He-
lizitatsamplituden in [18] tibereinstimmt, wird fir das N(1520) ein etwas
groflerer Wirkungsquerschnitt verwendet. Als Ergebnis erhalten die Autoren
dann eine Stofiverbreiterung des Deltas von 75 MeV, wobei die freie Breite
um einen Pauli-Faktor von 0.68 reduziert wurde. Dies entspricht einer to-
talen In-Medium-Breite von 155 MeV. Die Massenverschiebung des Deltas
wird mit 15 MeV angegeben. Dem N(1520) wird eine Stofibreite von 315
MeV zugeschrieben. Eine solche Stofibreite fithrt auch in unserem Modell zu
einem Verschwinden des N(1520).

6.2 Pionenproduktion

Fiir die Berechnung der Pionenphotoproduktion ist nicht nur der Absorpti-
onsprozeB sondern iiberdies die Wechselwirkung von Pionen mit Kernmaterie
von entscheidender Bedeutung. Der Wirkungsquerschnitt ergibt sich analog
zu Gleichung 6.1 zu:

: . ‘PF (13[)7\? ]/WN My
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wobei mit M; die Pionenmultiplizitaten, die sich bei Initialisierung eines N7
Paares, eines Nam Zustandes oder einer Resonanz R am Ort 7 mit den ent-
sprechenden Impulsen ergeben, bezeichnet sind. Diese Multiplizitaten werden
numerisch mit Hilfe des BUU-Programms bestimmt.

Fir die numerische Realisation im Rahmen des BUU-Programms wird aus
jedem Ensemble ein Nukleon zufillig herausgegriffen. Mit der kinematischen
Situation, die sich mit diesem Nukleon ergibt, werden die Wirkungsquer-
schnitte fiir alle Ausgangskanale berechnet. Die Entscheidung fiir einen be-
stimmten Ausgangskanal wird dann gewichtet mit der Gréfle des entsprechen-
den Wirkungsquerschnittes zufillig getroffen. Am Ende werden die Pionen-
multiplizitdten jedes Ensembles mit dem anfangs berechneten totalen Wir-
kungsquerschnitt fiir das jeweilige Ensemble gefaltet.

In Abbildung 6.6 ist dargestellt wie die zeitliche Entwicklung der Gamma-
Kern Reaktion im BUU-Program fiir verschiedene Kerne bei Gammaenergien
von 300 und 750 MeV aussieht. Man sieht, daff die Dauer der Reaktion un-
abhingig von der Gammaenergie etwa 20fm/c betrigt. Die Dynamik der
Reaktion wird fiir beide Gammaenergien durch die A(1232)-Resonanz domi-
niert. Im Fall der Gammaenergie von 750 MeV werden durch das Photon nur
sehr wenige Deltas unmittelbar angeregt. Die Deltas stammen hier in erster
Linie aus Kollisonen von Pionen aus der Zweipionenproduktion, die einen
groBen Teil der initialisierten Pionen ausmachen, mit Nukleonen des Kerns.

Aufgrund des in Kapitel 3 beschriebenen Pion-Nukleon-Wirkungsquerschnit-
tes unterliegen die Pionen einer starken Absorption. Da die StoBbreiten der
durch Pionen erzeugten Resonanzen wesentlich kleiner als die Zerfallshreiten
sind, bilden sich somit Pion-Resonanz-Ketten aus, das heifit, die Anregung
propagiert abwechselnd als Pion oder Resonanz durch den Kern. In Abbil-
dung 6.7 ist fiir eine Gammaenergie von 400 MeV dargestellt, wie oft die
den Kern verlassenden Pionen in dem beschriebenen Sinne emittiert wurden,
wobei die Erzeugung eines Nukleon-Pion-Paares an einem Nukleon durch
das Photon als erste Emission aufgefafit wurde. Man sieht, dafi der Anteil
der ohne Wechselwirkung den Kern verlassenden Pionen mit zunehmender
Kernmasse abnimmt. Die gezeigte Statistik sieht fiir alle betrachteten Gam-
maenergien (300 bis 800 MeV) etwa gleich aus.

6.2.1 Totale Wirkungsquerschnitte

In Abbildung 6.8 ist der totale 7°-Wirkungsquerschnitt an “°Ca dargestellt.
Fiir die Kurve, die mit ,ohne Mediummodifikationen* bezeichnet ist, wur-
de der elementare Gamma-Nukleon-Wirkungsquerschnitt nur insofern medi-
ummodifiziert, als Nukleonendzusténde pauli-geblockt sein konnten und die
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Abbildung 6.6: Zeitliche Entwicklung der Gamma-Kern Reaktion

Impulse der Nukleonenanfangszustande im Rahmen einer lokalen Thomas-
Fermi-Naherung verteilt wurden. Die Resonanzbeitrége entsprechen hier de-
nen im Vakuum. Fiir die weiteren Kollisionen der Pionen mit Nukleonen des
Kerns wurden ebenfalls die Vakuumwirkungsquerschnitte verwendet. Diese
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Abbildung 6.7: Anzahl der Emissionen fiir die den Kern verlassenden 7%
Mesonen

Kurve weicht von der vollen Rechnung in erheblichem Mafie ab. Der Grund
hierfiir liegt in erster Linie an den in Kapitel 6.1 diskutierten Mediumeffekten
auf den elementaren Gamma-Nukleon-Wirkungsquerschnitt.

In einer weiteren Rechnung wurde der Einfluf} der In-Medium-Breiten auf die
nachfolgende Pionenabsorption untersucht. Der elementare Gamma-Nukle-
on-Wirkungsquerschnitt wurde mit allen Mediummodifikatonen berechnet,
aber fiir die Pion-Nukleon-Wirkungsquerschnitte wurde keine Mediummo-
difikation durchgefithrt. Die sich so ergebende Kurve weicht nur unwesent-
lich von der vollen Rechnung ab. Dies ist unmittelbar verstandlich, da fiir
die Pionenabsorption der iiber die Pionenenergie integrierte Pion-Nukleon-
Wirkungsquerschnitt entscheidend ist. Effekte der In-Medium-Breiten in den
Pion-Nukleon-Wirkungsquerschnitten werden also verschmiert und mitteln
sich heraus.

Eine weitere Kurve zeigt den Effekt des Deltapotentials. Die ohne Deltapo-
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Abbildung 6.8: Der totale 7%-Wirkungsquerschnitt an °Ca

tential durchgefithrte Rechnung ist der ohne Mediummodifikationen durch-
gefithrten Rechnung &hnlich, was vor allem auf den Effekt des Deltapotentials
auf den elementaren Gamma-Nukleon-Wirkungsquerschnitt zuriickgefithrt
werden kann.

Desweiteren wurde untersucht, welchen Effekt die Vorgehensweise beim Pau-
li-Blocking hat. Fiir die bisherigen Rechnungen wurde die analytische Form
der Form aus Gleichung (2.33) verwendet. Eine Berechnung des Pauli-Blok-
kings durch Abzdhlen der Testteilchen gemafl Gleichung (2.30) fithrt, wie aus
Abbildung 6.8 ersichtlich ist, aul das gleiche Ergebnis.

Der totale 7% Wirkungsquerschnitt an '>C ist in Abbildung 6.9 im Vergleich
mit den experimentellen Daten aus [55] dargestellt. Man sieht, daB unsere
Rechnungen im Bereich der Deltaresonanz um etwa 30% iiber den experi-
mentellen Daten liegen. In Abbildung 6.10 werden unsere Rechnungen fiir
die 7%-Produktion an 12C mit den experimentellen Daten aus [39] verglichen.
Bei diesem Experiment wurden nur Pionen detektiert, deren ,,missing ener-
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Abbildung 6.9: Der totale 7% Wirkungsquerschnitt an 2C. Die Daten sind
aus [53].

gy“ Eous kleiner als 50 MeV war. Dabei ist E,,;s die fehlende Energie des
Pions im Gamma-Nukleon-Schwerpunktsystem unter der Annahme, dafl das
Pion an einem ruhenden Nukleon erzeugt wurde.

Auch hier liegen unsere Rechnungen im Bereich der Deltaresonanz um et-
wa 30% iiber den experimentellen Daten. Fiir Gammaenergien zwischen 400
und 600 MeV ist dagegen der errechnete Wirkungsquerschnitt etwas kleiner
als der experimentell bestimmte. Eine mégliche Erklarung fiir diese Diskre-
panz liegt darin, dal wir fir die Berechnung der Deltabreite kein Pionenpo-
tential angenommen haben. Ein attraktives Pionenpotential fithrt zu einer
weiteren Verbreiterung - und damit Reduktion - des Deltapeaks. AuBerdem
ist es eventuell notwendig, Dreikorperabsorptionsprozesse fiir das Pion, die
iiber die bereits im BUU enthaltenen Mehrstufenprozesse hinausgehen, zu
berticksichtigen.

Experimentelle Daten zur Produktion von 7T-Mesonen gibt es lediglich bis
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Abbildung 6.10: Der totale 7°-Wirkungsquerschnitt an 12C fiir Pionen inner-
halb eines ,,missing energy“-Fensters. Die Daten sind aus [39].

zu einer Gammaenergie von 400 MeV [56]. Ahnlich wie in der 7°-Produktion
wird auch dieser Wirkungsquerschnitt von unseren Rechnungen um etwa 25%
liberschétzt.

In [10] wurde die Pionenproduktion am Kern im Rahmen des BUU-Modells
unter Verwendung der Vakuum-Einpionenwirkungsquerschnitte bis zu einer
Gammaenergie von 450 MeV berechnet. Diese Rechnungen entsprechen also
den Kurven, die in den Abbildungen 6.8 und 6.9 mit ,,ohne Mediummodifika-
tionen* bezeichnet sind. Die Rechnungen in [10] liegen fiir 12C auf Hohe des
Deltapeaks um etwa 20% unter den hier gezeigten Kurven. Bei 450 MeV be-
trigt die Diskrepanz ungefihr 40%. Der Hauptgrund fiir diese Differeny liegt
in dem verwendeten Wirkungsquerschnitt fiir die Reaktion NA — N N.
Der in [10] verwendete Wirkungsquerschnitt [3] liegt - abhéngig von /s und
der Masse des Deltas - um 10-20% tiber dem in Kapitel 3.3.3 dargestellten
Wirkungsquerschnitt. Dies fithrt in [10] zu einer verstiarkten Deltaabsorption



102 KAPITEL 6. ERGEBNISSE
T T T T T 20 T T T T T
40} 300 MeV < Ey < 350 MeV 450 MeV < E < 500 MeV
S y%ca- X 1sf v¥ca . 1 x 1
30¢ oo
)
=
< ]
S 20F
2
[}
oS
10+ 1
20 ! ! ! ! ! 25 ! ! ! ! —
750 MeV < E, < 800 MeV
600 MeV < E, < 650 MeV |
15L- y¥ca - ® x
yAOCa ~PX - elementar
= Fermiverschmierung 4
P S N A N S + isotrope Winkelabhangigkeit
< 10 fur Resonanzzerfalle
g 10} volle Rechnung |
5
© s
5t ]
0 L L L L L : 0 L L L L L
0 30 60 90 120 150 180 30 60 90 120 150 180
o[l o[

Abbildung 6.11: Der winkeldifferentielle 7%-Wirkungsquerschnitt an 1°Ca

und damit zu einem kleineren Pionenwirkungsquerschnitt.

Bei grofieren Energien wird die Differenz zwischen den Rechnungen gréfier,
weil in [10] der Zweipionenkanal nicht beriicksichtigt wurde, der bei einer
Einschuflenergie von 450 MeV aufgrund der Fermi-Bewegung der Nukleonen
bereits eine Rolle spielt.

6.2.2 Differentielle Wirkungsquerschnitte

ks hat sich gezeigt, daBl die Struktur der differentiellen Wirkungsquerschnit-
te unabhéngig von der Massenzahl des betrachteten Kerns ist. Deshalb be-
schrinke ich mich im folgenden auf die Diskussion der Frgebnisse an 1°Ca.
In Abbildung 6.11 ist der winkeldifferentielle Wirkungsquerschnitt fir ver-
schiedene Gammaenergien dargestellt.

Zunichst sieht man, daB fir Gammaenergien unter 500 MeV die Winkelab-

héngigkeit des Wirkungsquerschnittes aufgrund der in unserem Modell ver-
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Abbildung 6.12: Der impulsdifferentielle 7% Wirkungsquerschnitt an 1°Ca

wendeten isotropen Resonanzzerfille deutlich modifiziert wird. Dies spielt
fiir grofere Gammaenergien keine Rolle mehr, da hier der Zweipionenkanal
dominiert.

Durch die Wechselwirkung der primér produzierten Pionen mit den Nukleo-
nen des Kerns erhoht sich die Isotropie des Wirkungsquerschnittes. Bei klei-
nen Gammaenergien erkennt man tiberdies eine deutliche Reduktion des Wir-
kungsquerschnittes unter Vorwéirtswinkeln. Dies ist darauf zuriickzufiihren,
daff einem Pion, das im Gamma-Nukleon-Schwerpunktsystem unter Vor-
wértswinkel emittiert wird, ein Nukleon entspricht, das riickwirts gestreut
wird. Im Ruhesystem des Kerns besitzt dieses Nukleon nur einen kleinen Im-
puls und ist daher mit hoher Wahrscheinlichkeit pauli-geblockt. Mit grofler
werdender Gammaenergie wird dieser Effekt immer unwichtiger und der
winkeldifferentielle Wirkungsquerschnitt verschiebt sich aus kinematischen
Grinden zu immer kleineren Winkeln.

In Abbildung 6.12 sind die impulsdifferentiellen Wirkungsquerschnitte dar-
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gestellt. Der aus dem isotropen Resonanzzerfall resultierende Effekt ist hier
nicht so stark wie beim winkeldifferentiellen Wirkungsquerschnitt ausgeprégt.
Die bei Gammaenergien zwischen 450 und 650 MeV im elementaren Wir-
kungsquerschnitt anfgrund der Uberlagerung von Ein- und Zweipionenkanal
auftretende deutliche Struktur wird bereits durch die Fermibewegung ausge-
schmiert.

Unabhéngig von der Gammaenergie ergibt die Rechnung am Kern eine deut-
liche Erhohung bei Pionenimpulsen von etwa 200 MeV und eine starke Re-
duktion bei Impulsen von 400 MeV. Der Grund hierfiir liegt darin, daf die
Pionen wie ohen diskutiert einer starken Absorption unterliegen. Fir kleine
Pionenimpulse ist diese Absorption jedoch wesentlich schwécher, und diese
Pionen haben eine gréfiere Wahrscheinlichkeit, den Kern zu verlassen. Bei
der Kollision eines Pions mit einem Tmpuls von 200 MeV mit einem ruhen-
den Nukleon betréagt die Schwerpunktsenergie lediglich 1.16 GeV, so daf der
Wirkungsquerschnitt in die A(1232)-Resonanz noch recht klein ist.

In den Abbildungen 6.11 und 6.12 fillt auf, daB der 7°-Wirkungsquerschnitt
am Kern pro Nukleon fiir Gammaenergien im Bereich der Deltaresonanz ge-
geniiber dem elementaren Wirkungsquerschnitt deutlich reduziert ist, wah-
rend fiir groBere Energien diese Reduktion weitaus kleiner ist. Der Grund
hierfiir ist, daB der Anteil der 7%Produktion verglichen mit den geladenen
Pionen im elementaren Wirkungsquerschnitt mit grofer werdender Gamma-
energie abnimmt (siche Kapitel 5). Aufgrund von Ladungsaustausch-Reak-
tionen stammen die am Kern erzeugten 7°-Mesonen bei groferen Energien
zum groflen Teil aus primér erzeugten geladenen Pionen.

6.3 Etaproduktion

In Kapitel 5.2 wurde der elementare Ftaproduktionsprozefl unter der Annah-
me parametrisiert, daff der Etaproduktion stets die Anregung einer N(1535)-
Resonanz vorausgeht. Fiir die Etaproduktion am Kern miissen wir aufierdem
berticksichtigen, daBl Etas auch durch die Wechselwirkung von primér gebilde-
ten Pionen oder anderen Resonanzen mit den Nukleonen des Kerns entstehen
kénnen. Die Berechnung des Wirkungsquerschnittes erfolgt dann analog zu
Gleichung (6.4).

Zunéchst ist in Abbildung 6.13 dargestellt, wie oft die den Kern verlassen-
den Ftas von einem N(1535) emittiert wurden. Tm Gegensatz zu den Pionen
verlassen fast nur Etas den Kern, die aus dem unmittelbaren Gammaabsorp-
tionsprozefl ohne weitere Wechselwirkung mit den Nukleonen stammen. Der
Grund hierfiir ist einfach: Wenn ein Efa einmal von einem Nukleon absorbiert
wird und eine N(1535)-Resonanz anregt, betragt die Wahrscheinlichkeit fiir
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Abbildung 6.13: Anzahl der Emissionen der den Kern verlassenden Ftas

die Emission eines folgenden Etas nur noch weniger als 1/2.

6.3.1 Totale Wirkungsquerschnitte

In Abbildung 6.14 wird der von uns berechnete totale Etaproduktionswir-
kungsquerschnitt an 12C' mit den experimentellen Daten aus [9] verglichen.
Man sieht, daf der Anteil der Etas, die nicht aus einem primér gebildeten
N(1535) stammen, sehr klein ist. Die Ubereinstimmung mit den experimen-
tellen Daten ist nur bei kleinen Energien zufriedenstellend. Bei Gammaener-
gien um 750 MeV liegt die theoretische Kurve um etwa 10% iiber den ex-
perimentellen Daten. Der EinfluB der Modellparameter auf dieses Resultat
ist ebenfalls dargestellt. Man sicht, da die In-Medium-Breiten das Ergebnis
kaum beeinflufien. Der Grund hierfiir ist, daff sich die In-Medium-Breite des
N(1535) - wie in Kapitel 4 diskutiert - kaum von der Vakuumbreite unter-
scheidet. Wie in der Pionenproduktion ist das Ergebnis stabil gegentiber der
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Abbildung 6.14: Der totale Etaproduktionswirkungsquerschnitt an 12C. Die
Daten sind aus [9].

Wahl des Verfahrens beim Pauli-Blocking.
Der Wirkungsquerschnitt fiir die Etaproduktion an
6.15 dargestellt. Im Gegensatz zu Kohlenstoff ist hier die Ubereinstimmung

10Ca ist in Abbildung
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Abbildung 6.15: Der totale Etaproduktionswirkungsquerschnitt an *°Ca. Die
Daten sind aus [9].

mit den experimentellen Daten sehr gut. Aus Abbildung 6.15 sieht man,
dafB auch fiir diesen Kern die Effekte der In-Medium-Breiten und des Pauli-
Blocking-Verfahrens sehr klein sind.
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Abbildung 6.16: Der totale Ttaproduktionswirkungsquerschnitt an 2Ph. Die
Daten sind aus [9].

In Abbildung 6.16 sieht man den Wirkungsquerschnitt fir die Etaproduk-
tion an 2**Ph. Angesichts der Tatsache, daf der dargestellte Wirkungsquer-
schnitt pro Nukleon bei einer Einschufienergie von 800 MeV nur etwa 15%
des Vaknum-Wirkungsquerschnittes betrigt, ist die Ubereinstimmung mit
den experimentellen Daten sehr gut.

Die Berechnungen des Etaproduktionswirkungsquerschnittes in [10] liegen
- abhiingig von der Gammaenergie - fiir *2C um etwa 15% und fiir 2°*Pb um
etwa 30% iiber den hier dargestellten Rechnungen.

6.3.2 Differentielle Wirkungsquerschnitte

Der winkeldifferentielle Wirkungsquerschnitt fiir die Etaproduktion an 1°Ca
ist in Abbildung 6.17 fiir verschiedene Einschulenergien dargestellt. Die Struk-
tur dieser Kurven entspricht in sehr guter Naherung den Kurven, die sich bei
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Abbildung 6.17: Winkeldifferentielle Wirkungsquerschnitte fir die Etapro-
duktion an *°Ca. Die Daten sind aus [9].

einer Faltung des elementaren Wirkungsquerschnittes mit der Fermibewe-
gung der Nukleonen des Kerns ergeben. Dies folgt unmittelbar aus der oben
diskutierten Tatsache, daf} etwa 90% der den Kern verlassenden Etas an kei-
ner Wechselwirkung mit einem zweiten Nukleon teilgenommen haben. Daf}
die meisten dieser Ktas an der Oberfliche des Kerns erzeugt wurden, spielt
fur die Fermifaltung keine Rolle, da bei Dichte po/2 der Fermiimpuls immer
noch 80% des Fermiimpulses bei Dichte pg betrégt.

Man sieht jedoch, daB die experimentellen Daten gegeniiber unseren berech-
neten Kurven stets zu etwas gréfleren Winkeln verschoben sind. Dies ist auch
fiiv die anderen betrachteten Kerne 2C und 2%8Ph der Fall.

In Abbildung 6.18 ist der energiedifferentielle Wirkungsquerschnitt im Ver-
gleich mit dem Experiment dargestellt. Auch hier wird die Struktur der be-
rechneten Kurven sehr gut durch eine Fermifaltung des elementaren Wir-
kungsquerschnittes erklart. Die experimentellen Daten sind jedoch fiir alle
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Abbildung 6.18: Energiedifferentielle Wirkungsquerschnitte fiir die Etapro-
duktion an *°Ca. Die Daten sind aus [9].

Gammaenergien zu kleineren Etaenergien verschoben. Diese Verschiebung
steht in engem Zusammenhang mit dem winkeldifferentiellen Wirkungsquer-
schnitt, da unter Vorwértswinkeln emittierte Etas grofiere Energien haben
als unter Riickwértswinkeln. Eine mogliche Ursache wére ein groferer Wir-
kungsquerschnitt fiir die elastische Streuung der Etas an Nukleonen oder ein
attraktives Etapotential in Kernmaterie.

Kapitel 7
Zusammenfassung

In der vorliegenden Arbeit wurde die Gamma-Kern-Reaktion fiir Gamma-
energien zwischen 300 und 1200 MeV im Rahmen eines semi-klassischen BUU-
Transportmodells untersucht. Neben der Gammaabsorption wurde die Pro-
duktion von Pionen und Etas berechnet.

Da zur Gammaabsorption im betrachteten Energiebereich Nukleonenreso-
nanzen beitragen, die bislang nicht in das BUU-Programm implementiert
um alle Nukleonenresonanzen bis zu einer Masse von

waren, wurde die
2GeV erweitert. V
sonanzen mit Nukleonen wurden im Rahmen eines einfachen Modells aus
einer Anpassung an die NN — N Nr-Wirkungsquerschnitte gewonnen. Eine
Sonderrolle nahm dabei die A(1232)-Resonanz ein, da fiir diese Resonanz ex-
perimentell bestimmte massendifferentielle Wirkungsquerschnitte vorliegen.
Mit diesen Wirkungsquerschnitten wurde die Stofiverbreiterung der fiir die
Gammaabsorption relevanten Resonanzen als Funktion von Masse, Impuls
und Nukleonendichte berechnet. Fiir die A(1232)-Resonanz hat sich gezeigt,
daff in Kernmaterie nur eine geringe Verbreiterung auftritt, da sich Stoiver-
breiterung und Reduktion der Breite durch Pauli-Blocking von Nukleonen-
endzustanden des freien Zerfalls weitgehend die Waage halten. Fiir die hohe-
ren Resonanzen spielt die Verbreiterung aufgrund von Stossen auch unter
Beriicksichtigung der Unsicherheiten beziiglich der verwendeten Wirkungs-
querschnitte nur eine untergeordnete Rolle.

Die Resonanzbeitrage zum elementaren Gamma-Nukleon-Wirkungsquer-
schnitt wurden {iber eine Anpassung an eine Partialwellenanalyse der yN —
Nm-Reaktion festgelegt, wobei Resonanzbeitrige und Untergrund kohérent
aufaddiert wurden.

Bei den Berechnungen zur Gammaabsorption am Kern wurden neben Fermi-
Verschmierung und Pauli-Blocking die aus den In-Medium-Breiten der he-
teiligten Resonanzen folgenden Selbstenergien beriicksichtigt. Im Bereich der

irkungsquerschnitte fiir die Wechselwirkung dieser Re-
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A(1232)-Resonanz reicht dies zur Beschreibung der experimentellen Daten
nicht aus. Offensichtlich ist es notwendig, weitergehende Mediummodifikatio-
nen vorzunehmen. In Rechnungen im Rahmen des sogenannten Delta-Hole-
Modells spielen Beitrage aus der Mehrkorperabsorption sowie Effekte, die
sich aus einem Pionenpotential ergeben, eine wichtige Rolle.

Im Vergleich mit phanomenologischen Ansédtzen hat sich gezeigt, dafl zum
einen die kohérente Addition von Deltabeitrag und Untergrund und zum an-
deren die Massenabhingigkeit der Deltabreite von wichtiger Bedeutung sind.
Im Bereich der N(1520)-Resonanz ist es nicht moglich unter Annahme reali-
stischer Werte der StoBverbreiterung, ein Verschwinden der Resonanz im Ab-
sorptionswirkungsquerschnitt, wie es im Experiment beobachtet wird, zu er-
zielen. Das Verschwinden des N(1680) erklart sich aus der Fermi-Verschmie-
rung.

Aussagen iiber die Rechnungen zur Pionenproduktion sind insofern proble-
matisch, als diese Ergebnisse in entscheidendem Mafle von der Gammaab-
sorption abhéngen, die wir bislang noch nicht korrekt beschreiben kénnen.
Da die hier berechneten Wirkungsquerschnitte im Bereich der Deltareso-
nanz iiber den experimentellen Daten liegen, ist vermutlich der Wirkungs-
querschnitt fir die primédre Pionenproduktion im Kern zu hoch. Eine an-
dere Moglichkeit ist, dafi die Pionenabsorption aufgrund des Fehlens von
Dreikorperabsorptionsprozessen zu klein ist.

Die Berechnungen zur Etaproduktion zeigen demgegeniiber eine gute Uber-
einstimmung mit den experimentellen Daten. Um eine bessere Beschreibung
der differentiellen Wirkungsquerschnitte zu erzielen, ist es vermutlich notwen-
dig, ein attraktives Etapotential oder eine zusétzliche elastische Streuung von
Etas an Nukleonen zu berticksichtigen.

Anhang A

Das Kollisionskriterium

Falls zwei Testteilchen einen StoBparameter haben, der kleiner ist als der fir
einen Stof dieser beiden Teilchen zuldssige maximale Stofiparameter, mufl
entschieden werden, in welchem Zeitschritt diese beiden Teilchen moglicher-
weise stolen. Kodama et al. [17] geben den folgenden Algorithmus zur Losung
dieses Problems an.

Die Koordinaten der beiden Teilchen seien im Rechensytem zu einer Zeit
t durch 7y, ¥3 und ihre Viererimpulse durch (Ey, 1), (E2, p2) gegeben. Ei-
ne Lorentz-Transformation in das Schwerpunktsystem der beiden Teilchen
liefert die Raumzeitkoordinaten (¢5, #7™), (157, 45™) und die Viererimpulse
(Ey™, py™), (ES™, p5™). Unter der Annahme zeitlich konstanter Viererimpul-
se sind die Ortskoordinaten der beiden Teilchen im Schwerpunktsystem als

Funktion des Zeitparameters ¢t gegeben durch:

:I‘;;J'NL(ILJVYL) — {F;"NL(I;J'”L) + F;JY’L(/[C’IL _ Iii,"ffb) , (A.‘] )
wobei
—=cm [;?m
S e

7

Der rdumliche Abstand d der beiden Teilchen im Schwerpunktsystem zu ei-
nem Zeitpunkt ¢°™ ist somit:

2/ cmy __ (zem —cm gem |2 ¢
A1) = (I3 + o) (A.2)
mit
,Y.‘?TZ)’L . ,ZTiCWL _ T“Q cm . U‘i cm Ti”m + ,“‘é cm t;m
Ei”;n — 'U_i cme _ 'LTQ cm
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Dann ist der Stofiparameter b, also der minimale Abstand im Schwerpunkt-
system, gegeben durch:

—=emo | em 2
-

A » T
b — (zep)? — VL (A.3)
(#73)
Der zugehérige Zeitpunkt ist:
= TE T (A4)
(7%
Als Funktion der Koordinaten im Rechensystem ergibt sich 6% zu
2 T
Uiz

mit

Ry, = (T1— %)+ ((pr- (F2— F1))/my)

hi = pi- (fz — &) /my — (P2 (%2 — 51))7711/(]’1 “P2)

vy = 1—(—m‘m2) (A.6)

P P2

Die dargelegte Berechnung des Stofiparameters b ist lorentz-invariant und
enthélt noch keine Approximation. Nun mufl aber noch der Zeitpunkt der
Kollision festgelegt werden. Eine natiirliche Wahl dieses Zeitpunktes im
Schwerpunktsystem ist t7% . Dieser Zeitpunkt korrespondiert allerdings zu
verschiedenen Kollisionszeitpunkten der beiden leilchen im Rechensystem,
was im Rahmen einer BUU-Simulation nicht realisierbar ist, da hier die Kol-
lision zu gleichen Zeiten im Rechensystem erfolgen mufl. Deshalb betrachten
wir das Eigenzeitintervall A7y, fiir Teilchen 1 vom Ort @7 zum Kollisions-
punkt mit Teilchen 2, wobei nun als Kollisionszeitpunkt im Schwerpunkt-
system von Teilchen 1 der Zeitpunkt des kiirzesten raumlichen Abstands in
diesem System angenommen ist. Fiir diesen Zeitpunkt gilt dann wieder Glei-
chung (A.4) unter der Voraussetzung, daf alle Grofien im Schwerpunktsystem
von Teilchen 1T und nicht im gemeinsamen Schwerpunktsystem beider Teil-
chen berechnet werden.

Als Funktion der Koordinaten im Rechensystem erhalt man:

AT]Q = ﬁl - (’Fg - .fl)/vnl - hlg/ﬂ]zz (AT)
Im Rechensystem ist dieses Zeitintervall:

2

my

Aty =

Ale (1\8)
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Analog berechnet sich Aty;.
Eine Kollision zum Zeitpunkt ¢ im Rechensystem findet nun statt [3], falls:

Atyy + Aty < At (A.9)

wobei At die im Programm verwendete Zeitschrittweite ist.



Anhang B

Kinematik

B.1 2 Teilchen

Die Schwerpunktsenergie /s zweier Teilchen mit Viererimpulsen (Fq, py) und
(Eq, p3) ist:

s = (B4 Ba)? = (i + pi)? (B.1)
Daraus 146t sich der Schwerpunktsimpuls ¢ berechnen:
» (s —(my+m2)?)(s — (my — my)?)

B 4s ’
wobei m; und m, die Massen der Teilchen bezeichnen. Fiir Gamma-Nukleon-
StoBe wird haufig der Zusammenhang der Fnergie ., im Laborsystem (in
dem das Nukleon ruht) mit /s benotigt:

. 8= M%
T2 My

(B.2)

(B.3)

B.2 3 Teilchen

Bei Prozessen mit 3 Teilchen im Endzustand, zum Beispiel NN — NN
oder y N — N 77, bendtigen wir eine Verteilung der auslaufenden Impulse
im Schwerpunktsystem. Unter der Annahme, dafi das Matrixelement nicht
von diesen Teilchenimpulsen abhéngt, erhdlt man:

o — (ZW)4 54( o o o \/l 2
ab—123 ] Tpas Do+ D5 — P1 — P2 — p3) [Mapsyizs]” %
&p. d*pq d’p.
(27)32E. (2m)32E, (27)32E,
(2m)*

———s (M2 2/(1 ks /d 4 B.4
64 pos \/53 ab-123] J ¢z | Mg (B-4)
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mit my = (pi —p;)*

wobei mit p,, der Schwerpunktsimpuls der Teilchen a und b und mit p; die
Viererimpulse der auslaufenden Teilchen bezeichnet sind. Die Integrations-
grenzen fiir die Phasenraumintegration sind gegeben als:

(M3 min = (ma +my)?
(m;)2>mar = (\/gi"nfi)z

(B + By = (VB = m3+ /B —md)

2
('“%3)!71&1’ = (b'; + E;)Z - <\/E;Z - 7”3 - \/E);z - ’”’%)

(/mi:ﬂ)mm

mit

. 2 2
s —mi, —mj

vk
E; = 5
mi2
2 m2 2
o myy + msy — my
o — 58 k]

21y

wobei mit m; die Massen der auslaufenden Teilchen bezeichnet sind.

B.3 Lorentz-Transformation von Wirkungs-
querschnitten

Der Wirkungsquerschnitt o ist gegeben als:

AN/ dt
o=== (B.5)

wobel dN/dt die Anzahl der Ereignisse pro Zeit und ¢ den Flufl (also Teil-
chenanzahl pro Fliche und Zeit) der einfallenden Teilchen bezeichnen. Be-
trachten wir nun die Streuung eines Teilchens B an einem Teilchen A im
Ruhesystem von Teilchen A, so ist [54]:

A 7 N
b, dN/dt _ dN/dt _ dN/dt Eg (1.6)
[ PB VB PB PB

wobei die Geschwindigkeit, die Energie, der Impuls und die Dichte der ein-
fallenden Teilchen B mit vy, Ky, pp und pg bezeichnet sind.
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Der Wirkungsquerschnitt o’ in einem Bezugssystem, in dem sich Teilchen A

mit einem Impuls g4 bewegt ist nun gegehen als:

ol — ([[V/dt/ _ O_ﬁpB E/B PB _ My PB

= =0
P dt oy Euply /M3 4 p P

da p/F lorentz-invariant ist.

Anhang C

Feynman-Regeln

Hier soll kurz erlautert werden, wie man im Rahmen der phdnomenolo-

gischen Pion-Nukleon-Feldtheorie aus den Lagrangedichten und Feynman-

Diagrammen Matrixelemente erhélt. Iiir einen Graph ergibt sich ein Matrix-

element M als Produkt von Faktoren, die man den verschiedenen Elementen
des Graphen zuordnet:

1.

Eine einlaufende dufere Nukleonenlinie erhilt einen Faktor u(p, s), eine
auslaufende (p, s), wobel p der Viererimpuls des Teilchens ist. Fiir eine
Deltaresonanz: u/x (p, s) bezichungsweise /s (p, s).

. Die Vertexfunktion entspricht der Lagrangedichte ohne Spinoren und

Mesonfeld und wird multipliziert mit 1 zwischen den beiden beteilig-
ten Baryonenspinoren eingefiigt. Falls die Vertexfunktion Lorentzindi-
zes triagt, werden diese mit den Indizes der Spinoren kontrahiert. Der
aus der Vertexfunktion resultierende Isospinfaktor ist proportional zum
Clebsch-Gordan-Koeffizient fiir die Kopplung der beteiligten Isospins.

. Ein Faktor

i
G —m3

fiir eine innere Pionenlinie, wobei q der Viererimpuls des Pions ist.

. Ein Faktor

i (gax’i — Ga q/i/mﬁ)
g% —m?

fiir eine innere Rholinie.

. Zwei Matrixelemente erhalten ein relatives Minuszeichen, falls sie sich

nur im Austausch zweier duflerer, identischer Fermionenlinien unter-
scheiden.
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Das gesamte Matrixelement ist dann die Summe der auf diese Weise fiir
die einzelnen Graphen erhaltenen Matrixelemente. Fiir einen Wirkungsquer-
schnitt benotigt man das quadrierte Matrixelement, wobei iiber die Spins
der einlaufenden Teilchen gemittelt und {iber die der auslaufenden summiert
wird: |

M2 = ¥ > MM!

in 51,52 5ee0

mit N;, als der Anzahl der Spinkonfigurationen der einlaufenden Teilchen.
Dieses quadrierte Matrixelement kann nun unter Spurbildung und Verwen-
dung der zyklischen Vertauschbarkeit innerhalb einer Spur berechnet werden,
wobei noch die folgenden Relationen fiir die Spinoren benétigt werden:

Sulp,s)u(p,s) = p+ My (C.1)
A y 1 QIILPD PuYv — PvVu

Z ”’Z(/)v '9)“&(7]’ s) = _(‘75 + A/[A) <.(//u/ - 5'7’41,71/ - S{IA + ! ERTA : )

(C.2)

SchlieBlich miissen dann Spuren iiber Produkte von Gamma-Matrizen aus-
gewertet werden.
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