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Kapitel 1

Einleitung

Seit einigen Jahren wird die Frage diskutiert, ob und in welchem Mafe sich in
einem nuklearen Medium, wie z.B. einem Atomkern, Eigenschaften von Vektor-
mesonen, d.h. ihre Masse und ihre Breite, d&ndern.

Zur Beantwortung dieser Frage miissen zwei Probleme gel6st werden: zum einen
muf ein Modell entwickelt werden, welches die relevanten physikalischen Prozes-
se, welche die Vektormesonen in Kernmaterie erfahren, beschreibt und auf dessen
Grundlage die Spektralfunktion des betrachteten Vektormesons berechnet wer-
den kann. Die Spektralfunktion beschreibt die Massenverteilung eines Teilchens,
enthélt also simtliche Information iiber seine Masse und Breite.

Zum anderen miissen Experimente entworfen werden, die sensitiv auf eventuel-
le Mediummodifikationen der Vektormesonen sind, so dafl die Vorraussagen eines
physikalischen Szenarios iiber die Spektralfunktion iiberpriift werden kénnen. Es
bieten sich dabei Experimente an, bei denen das Vektormeson im Kern z.B. durch
Pionen oder Photonen erzeugt wird, aber auch in Schwerionenkollisionen herr-
schen giinstige Bedingungen vor, da dort Kernmaterie in stark komprimierter
Form vorliegt. Aufgabe der Theorie ist es, geeignete Observable zu finden und
den Einflufl von Mediummodifikationen auf diese zu bestimmen.

Die ersten experimentellen Hinweise auf Modifikationen von Vektormesonen
in Kernmaterie wurden von Schwerionenkollisionen geliefert [CE1, CE2, HE]:
bei Kern-Kern-Kollisionen fand man, dafl die auf Transportmodellen beruhen-
den theoretischen Vorhersagen [Ca95, 1i95] bei invarianten Massen im Bereich
der p-Masse m, = 768 MeV die experimentellen Daten fiir die Produktion von
Dileptonen (Elektronen- oder Myonenpaare) unterschiitzen, diese bei kleineren
invarianten Massen jedoch in Modellrechnungen iiberschéitzt werden. Der Peak
im Dileptonenspektrum resultiert aus der Reaktion 77 7~ — et e (ut p~), wel-
cher vornehmlich {iber das p-Meson als virtuellen Zwischenzustand stattfindet.
Daher liegt der Peak in etwa bei der Ruhemasse des p-Mesons. Ist er zu kleine-
ren invarianten Massen hin verschoben, deutet dies auf eine Massenénderung des
p-Mesons in Kernmaterie hin (s. dazu auch [KS96]).

Als mogliche Erkldrung fiir die beobachtete Massenabsenkung des p-Mesons
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wurde das von Brown und Rho postulierte Brown-Rho scaling [BR91]betrachtet.
Dieses untersucht die Konsequenzen der Restauration der chiralen Symmetrie auf
die Masse von Vektormesonen.

Im Vakuum ist die chirale Symmetrie spontan gebrochen. Deswegen existiert
ein Nonett von pseudoskalaren Mesonen (7, K, 7) mit nichtverschwindender Mas-
se. Eine weitere Konsequenz ist der nichtverschwindende Grundzustandserwar-
tungswert der skalaren Quark-Antiquarkdichte (auch skalares Kondensat genannt)
(K095, We96] : (|gg|) # 0. In einer Phase, in der die chirale Symmetrie restauriert
ist, muf} diese Grofle verschwinden [We96|. Das Brown-Rho scaling sagt vorraus,
dafl die Massen von Vektormesonen mit dem Erwartungswert des skalaren Kon-
desats skalieren:

my = my, (1 - a£> : (1.1)

Po

Als Konsequenz wiirde also bei endlicher Dichte die Masse abnehmen, wiahrend
seine Breite unverindert bleibt. Typischerweise wird bei einfacher Kerndichte ei-
ne Massenverschiebung von etwa 15 —20% vorhergesagt. Dieses Resultat befindet
sich in Ubereinstimmung mit Aussagen von QCD Sum Rules [Leul, HL92] iiber
mogliche Mediummodifikationen von Vektormesonen. In diesem Lichte kann man
also die Verschiebung des p-Peaks im Dileptonenspektrum als Signal fiir eine
teilweise Restauration der chiralen Symmetrie bei hohen Dichten interpretieren.
Allerdings gibt es auch Modelle, die in einer chiral restaurierten Phase ein An-
wachsen der p-Masse vorschlagen [Pi95].

Bevor man sich jedoch sicher sein kann, tatséchlich experimentelle Signaturen
der Restauration der chiralen Symmetrie und damit von neuartiger Physik ge-
funden zu haben, ist es notwendig, zu untersuchen, welchen Einflufl konventionel-
le hadronische Wechselwirkungen auf die Vektormesonen haben. Der dominante
Zerfallskanal des p-Mesons ist der Zerfall in Pionen. Die Pionen jedoch werden
durch Reaktionen in Kernmaterie selbst stark modifiziert und damit ist zu er-
warten, daf} die Breite des p-Mesons nicht unveridndert bleibt. In entsprechenden
Rechnungen [CS92, HF93] wurde gezeigt, dafl die Veréinderung der Pionendyna-
mik aufgrund von A-hole-Anregungen, bei denen ein Pion mit einem Nukleon in
eine A-Resonanz streut, eine Verbreiterung des p-Mesons mit sich bringt, aller-
dings nicht zu einer Verschiebungs der Masse fiihrt. Zu einem dhnlichen Resultat
gelangt auch [KW97] durch Betrachtung von p N-Streuprozessen.

In [FP97] wurde vorgeschlagen, den Einflufi von Streuprozessen der Art p N —
R zu untersuchen, wobei R fiir Resonanz steht. Solche Prozesse sind #hnlich den
A-hole-Anregungen durch das Pion. Dies war motiviert durch die Tatsache, daf} es
eine ganze Reihe von Resonanzen gibt, welche stark an den p N-Kanal koppeln
[PDG]. Bei Beriicksichtigung von nur zwei Resonanzen wurde in dieser Arbeit
vor allem eine starke Impulsabhéngigkeit der Spektralfunktion gefunden, welche
in Kontrast zum Brown-Rho scaling steht.

Ist man experimentell in der Lage, aus der Kinamtik der Dileptonen sowohl auf



Masse als auch auf Impuls des p-Mesons zu schlielen, so kann sauber zwischen
einem impulsabhéngigen hadronischem Szenarium und dem impulsunabhingigen
Brown-Rho scaling unterschieden werden.

In dieser Arbeit wird basierend auf [FP97] der Einflufl von Streuprozessen der
Art p N — R untersucht. Dabei werden alle Resonanzen im relevanten Massen-
bereich mr < 1.9 GeV, deren Existenz gesichert scheint (vgl. [PDG]), bertick-
sichtigt. In einem zweiten Schritt werden dann die Modifikationen, welche von
Streuprozessen eines p-Mesons mit mehr als einem Nukleon ausgehen, untersucht.
Es stellt sich heraus, dafl diese insbesondere bei hoher Kerndichte und geringen
Impulsen des p-Mesons wichtig sind [PP98].

Obwohl die hier skizzierten Modellszenarien fiir die Mediumeigenschaften von
p-Mesonen sich stark voneinander unterscheiden, kann jedes von ihnen eine Er-
klarung der Dileptonenspektren liefern. Es wire damit wiinschenswert, andere
Observable zu finden, welche klarere Hinweise auf die tatsichlich in Kernmaterie
stattfindenden physikalischen Prozesse gibt.

Im zweiten Teil der Arbeit wird eine solche Observable vorgestellt und be-
rechnet. Es ist dies die kohdrente Photoproduktion von Vektormesonen am Kern.
Kohirent heiflt in hier, dafy der Kern vor und nach der Reaktion im Grundzustand
ist:

yA—-VA

Bei Photoproduktionsprozessen kann das einlaufende Photon nur elektromagne-
tisch mit den Nukleonen im Kern reagieren, wird also nur unwesentlich modifi-
ziert. Dies ist der Hauptvorteil, den die Photoproduktion gegeniiber der Pion-
produktion, also der Produktion von Vektormesonen durch ein Pion, bietet. Das
Pion wird némlich selbst stark modifiziert und ein Modell fiir die Pionmodifi-
kation ist notwendig, um Informationen {iber die Vektormesonen zu erhalten.
Ein Nachteil ist der im Vergleich zur Pionproduktion allerdings relativ kleine
Wirkungsquerschnitt. Als elektromagnetischer Prozef ist er gegeniiber pionindu-
zierten Prozessen um einen Faktor a? ~ 10~* unterdriickt.

Die kohérente Photoproduktion wird als Observable gew#hlt, da es moglich
ist, diesen Prozefl quantenmechanisch exakt zu beschreiben. Als Ndherung geht
dabei die sogenannte impulse approrimation ein, welche besagt, dafl das Photon
nur mit einem Nukleon reagiert. Inklusive Querschnitte, d.h. Prozesse der Art

vyA—-VX ,

sind hingegen aufgrund der grofien Anzahl méglicher Endzustdnde nicht quanten-
mechanisch exakt, sondern nur im Rahmen von Transportmodellen zu beschrei-
ben. Der Preis, den man fiir die quantenmechanisch exakte Rechnung zahlen mu#f,
ist ein im Vergleich zu inklusiven Querschnitten wesentlich kleinerer Wirkungs-
querschnitt.

Bei der Berechnung der Produktionsamplitude der kohirenten Photoprodukti-
on von Vektormesonen kann auf einen bereits existierenden Code zur Berechnung



der Photoproduktion von pseudoskalaren Mesonen (7, 7) [PL98| zuriickgegriffen
werden. Als Modell fiir die Produktion am Nukleon wird ein einfaches Bosonen-
Austausch-Modell verwendet, welches von [FS97, JK64] vorgeschlagen wurde.
Dieses Modell erlaubt eine qualitative Beschreibung der experimentellen Daten
zur Reaktion YN — V N.

Das so produzierte Vektormeson ist kein freies Teilchen, sondern es erfihrt
zahlreiche Wechselwirkungen mit den restlichen Nukleonen, welche im Kern ge-
bunden sind. Da die Nukleonendichte p in Atomkernen im Bereich 0.5 pg < p < py
liegt, kann man erwarten, dafl durch diese Wechselwirkungen das Vektormeson
seine Eigenschaften merklich verindert, also z.B. leichter wird oder eine kiirzere
Lebendsdauer bekommt. Diese Anderungen geben Anla zu Veriinderungen der
Produktionsquerschnitte. Die Frage ist dann, ob sich die Querschnitte in Struktur
und Groéfe so dndern, dafl es zu mefibaren Effekten kommt, welche das Verstéind-
nis iiber die Mediummodifikationen der Vektormesonen bereichern kénnen.

Sowohl fiir das p- als auch fiir das w-Meson wurden in dieser Arbeit deshalb
die Effekte von verschiedenen In-Medium-Modifikationen der Vektormesonen un-
tersucht und deren Einflul auf die Produktionsquerschnitte bestimmt.



Kapitel 2

Spektralfunktion

Im Vakuum kann das p-Meson in guter Ndherung als Quasiteilchen mit einer
Masse von 768 MeV und einer Zerfallsbreite von 150 MeV beschrieben werden.
Die Breite des p-Mesons riihrt im wesentlichen von seiner Kopplung an Pionen:
p — 7wm. Es gibt daneben noch eine Reihe weiterer Zerfallskanéle, z.B. den Zerfall
in Dileptonen, der jedoch als elektromagnetischer Proze um einen Faktor o?

unterdriickt ist, wobei a die Stéirke der elektromagnetischen Kopplung ist: o =
1
m.
Befindet sich das p statt im Vakuum in Kernmaterie, d.h. in einem als unendlich

grofl angenommenen System aus Nukleonen, so konnen sich seine Eigenschaften
(Masse, Breite) durch Wechselwirkungen mit den Nukleonen &ndern.

Die wichtigsten Zerfallsprodukte des p, die Pionen, koppeln stark an Nukleo-
nen, was zu einer deutlichen Modifizierung der Pionendynamik in Kernmaterie
fithrt (A-Hole-Modell). Daraus ergeben sich wiederum verénderte Zerfallseigen-
schaften des p-Mesons. In einer Arbeit, die solche Prozesse untersucht hat, wurde
tatsdchlich eine starke Verbreiterung des p-Mesons gefunden [CS92, HF93]

Eine weitere Klasse von moglichen physikalischen Prozessen ist die Streuung
von p-Mesonen an Nukleonen in Resonanzen [FP97]:

pN =R (2.1)

In den folgenden Kapiteln soll untersucht werden, inwieweit Streuprozesse, bei
welchen eine Nukleonresonanz angeregt wird, die In-Medium-Eigenschaften des
p-Mesons #dndern. Da bei solchen Reaktionen eine Resonanz erzeugt wird und
ein Nukleon-Loch im Fermisee zuriickbleibt, werden sie als Resonanz-Loch-Anre-
gungen bezeichnet.

Wie im folgenden motiviert wird, ist die Spektralfunktion A eines Teilchens
eine geeignete Grofle, um Eigenschaften wie Masse und Breite zu beschreiben.

In diesem Kapitel sollen zun#chst in einem einfithrenden Beispiel die Konse-
quenzen der pN-Streuung anhand eines einfachen Modells studiert werden. Es
folgen die Definition der Spektralfunktion und eine Diskussion einiger ihrer Ei-
genschaften.



2.1 Beispiel

In einer freien Theorie ohne Wechselwirkungen hat der kausale oder Feynman-
Propagator eines spinlosen, stabilen Teilchens der Masse m die Form [PS]:

D,(q) = S (2.2)

@2 —m? +ie
Man sieht, daf er Pole bei ¢g = +v/m? + ¢? besitzt.

Es soll nun untersucht werden, wie sich die Eigenschaften des Teilchens in Kern-
materie durch hadronische Wechselwirkungen &ndern. Diese Wechselwirkungen
fiihren zu einer Selbstenergie ¥, die im allgemeinen sowohl Real- als auch Ima-
gindrteil besitzt. Der freie Propagator wird durch die Selbstenergie geméifi der
Dyson-Schwinger-Gleichung modifiziert, die einer Aufsummierung von unendlich
vielen Selbstenergiebeitréigen entspricht [PS]:

Dies ist dquivalent zu folgender Gleichung:

D = D,-D,~D, + D,XD,%D, — ...
- D, - D,©D
D,
1+ D,%
1

= — . 2.3
q2_m2+2 ( )

= D =

Man kann aus dieser Darstellung des Propagators erkennen, dafl der Real-
teil von Y den Pol des Propagators verschiebt, so dafl im allgemeinen durch die
Selbstenergie die Masse des Teilchens modifiziert wird. Allgemein ist die Masse
definiert als die Nullstelle des Nenners des Realteils des Propagators:

(q2 —m® + Re E(qQ)) |‘12:m§hys =0 . (2.4)
Ein endlicher Imaginérteil der Selbstenergie hingegen verschiebt den Pol in die
komplexe Ebene. Durch Fouriertransformation kann man leicht sehen, dafl der
Propagator dann in der Zeit exponentiell gedampft wird. Das durch ihn beschrie-
bene Teilchen ist nicht stabil und hat nur eine endliche Lebensdauer:

iwt

D(t)w/dqu_ ¢ e Tt (2.5)

m2 +iml ~



Im folgenden soll ¥(¢?) folgende Struktur haben [FS97]:

2(¢*) = —f (2.6)

e
Die Selbstenergie hat also einen Pol bei der Masse M und ihr Imaginérteil ist
infinitesimal klein, so daff nach (2.4) und (2.5) eine Modifizierung der Masse, aber
keine Verbreiterung zu erwarten ist. M ist die Energieskala, in der die Wechsel-
wirkung die Eigenschaften des Teilchens stark beeinfluft. Nur wenn das ¢ des
Teilchens in der GréBenordnung von M? ist, kann die Selbstenergie grofl werden.
Das impliziert, dafl die Eigenschaften des Teilchens dann am stérksten durch die
Wechselwirkung verdndert werden, wenn die Masse des Teilchens m in etwa gleich
M ist, so dal das Teilchen nicht zu weit abseits der Massenschale (off — shell)
sein muf};, um die zur Selbstenergie beitragenden Prozesse anregen zu koénnen.
Das ¢? im Zihler kann aus einer impulsabhingigen Kopplung folgen. Der Faktor
M? tritt dann aus Dimensiongriinden auf (die Kopplungskonstante f soll dimen-
sionslos sein). Ebenso kénnte im Zihler auch einfach ein M* stehen.

Durch eine solche Selbstenergie bekommt der Propagator zwei Pole qi( B) die
sich aus den beiden Nullstellen des Nenners ergeben (2.4).

(@ =m*+5) g, =0 (2.7)

Weil der Nenner des Propagators zwei Nullstellen hat, ist es moglich, ihn mittels
einer Partialbruchzerlegung als Summe von zwei Einteilchen-Propagatoren zu

schreiben:
po_Za_ s
- ¢ -ap

Man kann dies wie folgt interpretieren: Durch die Wechselwirkung besitzt das

(2.8)

Teilchen nun zwei Anregungszustinde mit den Massen \/E und +/¢%. Die Z;
sind ein Mafl fiir die Wahrscheinlichkeit dafiir, da} das Teilchen in einer von
beiden Anregungsmoden propagiert. Sie werden auch als Stdrke bezeichnet.

Bevor wir uns nun etwas nidher mit den Eigenschaften der beiden Lésungen
qi( B) beschiftigen, soll noch bemerkt werden, dafl nicht jede Selbstenergie zu
einer solchen Modifikation des Propagators fiihrt: Z.B. ist es bei einer Selbstener-
gie, die nicht die obige Polstruktur hat, sondern nur proportional zu ¢? ist, nicht
moglich, den Propagator als Summe von zwei Einteilchen-Propagatoren umzu-
schreiben, weil dann (2.7) nicht quadratisch, sondern linear in ¢? ist und folglich
nur eine Losung hat. Eine solche Selbstenergie fiihrt lediglich zu einer Verschie-
bung der Masse und, falls sie einen nichtverschwindenen Imaginérteil besitzt, zu
einer Verbreiterung.

Die Grofien Z; sind so zu wéhlen, daf§ (2.8) wirklich den vollen Propagator
ergibt:

Z; = D(qQ) (q2 - qg)‘qQZq? : (29)



Die Wahrscheinlichkeit, dafy das Teilchen mit einer der beiden Massen propagiert,
ist 1. Deshalb sollte gelten:
NZ=1 . (2.10)

Man kann unter der Annahme, dal m < M ist, einfache Ausdriicke fiir die Mas-
sen des Systems und die Stiarken Z; finden. Die Losungen zeigen einige wichtige
Eigenschaften, die im Fortgang dieses Kapitels noch relevant sein werden. Mit
der genannten Annahme erhilt man als Losung von (2.7):

o = M*(1+7)

m2

1+ /2

a =

Dabei wurde alle Terme der Ordnung O (;’}—22) vernachlissigt. Die Stérke in beiden
Asten ist in dieser Ordnung dann gemif (2.9):
(> — M?)(¢* — ¢4

(@ = ME) (@ — i) — | # OI2
(¢ — M*)(¢* — ¢)
(¢° — ¢4)(¢* — ¢B)
g3 — M?

7i — a5

f2
1+ f2

Za

®=¢4

7’=q

Genauso erhdlt man fiir Zg:

1

g = ——

Man sieht, daf§ die Z; tatséchlich der Forderung (2.10) geniigen. Im néichstem
Abschnitt wird gezeigt, dafl es allgemein moglich ist, eine solche Summenregel,
die die Teilchenzahlerhaltung zum Ausdruck bringt, zu formulieren.

Als ein weiteres interessantes Ergebnis findet man, dal die Pole umso weiter
auseinanderliegen, je grofler die Kopplungskonstante f ist. Bei f = 0 verschwin-
det die Selbstenergie und es gibt nur noch einen Pol bei ¢> = m?. Bei kleinen
Kopplungen liegen die Pole bei Werten von ¢2, die etwas kleiner als m? bzw. etwas
grofler als M? sind. Dies ist ein Beispiel fiir die als level — repulsion bekannte Tat-
sache, dafl unter dem Einfluf} einer Wechselwirkung die Absténde zwischen den
einzelnen Energielevels grofler sind als im nichtwechselwirkenden freien System.
Sieht man sich abschlieBend noch die Verteilung der Stirke in den beiden Asten
qi( ) an, S0 stellt man fest, da} erst fiir f > 1 mehr Stirke im hoher liegenden
Ast ist. In einem der folgenden Kapitel wird gezeigt, dafi die Starke der Kopplung
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Abbildung 2.1: Oben: Lage der Pole als Funktion von M. Die beiden inneren
Linien sind fiir den Fall f = 0, die &ufleren fiir f = 0.1. Unten: Relative Stérke
in den beiden Asten als Funktion von M.

mit der Nukleonendichte p in Kernmaterie skaliert. p ist in der Gréflenordnung
von p = 1073 GeV?. Damit ist die Kopplung wesentlich kleiner als 1, so daf in
Ubereinstimmung mit den zuvor angestellten Uberlegungen die Eigenschaften des
Teilchens fiir den Fall m < M nur unwesentlich modifiziert werden.

Es sind nicht nur die Félle interessant, in denen m < M gilt, sondern ins-
besondere auch diejenigen, bei denen die beiden Massen in der selben Gréfien-
ordnung liegen, denn gerade dann sollten die Eigenschaften des Teilchen durch
die Wechselwirkung am stirksten modifiziert werden. Man kann die quadratische
Gleichung in ¢? auch ohne die Niherung m < M analytisch 16sen, allerdings sind
die so erhaltenen Ausdriicke nicht sehr instruktiv. Es ist lehrreicher, die Lage der
Aste sowie die relative Stirke in den Asten als Funktion der Masse M graphisch
zu veranschaulichen.

In Abb. 2.1 ist oben die Lage der Pole als Funktion von M aufgetragen. Als
Parameter wurden m = 1.7 GeV und f = 0.1 gewihlt. Man sieht, daf} fiir f =0
die beiden Losungen ¢?(M) einen Knick bei M = 1.7 GeV haben. Bei nicht ver-



schwindender Kopplungkonstante f kann man sehr schon die level — repulsion
erkennen. Die Losungen sind dergestalt, dal sie immer weiter voneinander ent-
fernt sind als im freien Fall f = 0. Unten ist die Stirke in den beiden Asten als
Funktion der Masse M der Wechselwirkung aufgetragen. Man sieht, da} immer
mehr Stiirke in dem Ast ist, der bei ¢ ~ 1.7 GeV liegt, also fiir M < 1.7 GeV
im oberen und fiir M > 1.7 GeV im unteren Ast. Die Stérke im jeweils anderen
Ast ist umso grofler, je nidher seine Masse an 1.7 GeV ist und bei M = 1.7 sind
beide Aste mit der gleichen Wahrscheinlichkeit besetzt. Auch die Summenregel
(2.10) ist immer erfiillt.

2.2 Spektralfunktion skalarer Teilchen

In dieser Arbeit soll die Massenverteilung von p-Mesonen in Kernmaterie berech-
net werden. Wie im weiteren gezeigt wird, gibt es eine Funktion, die sdmtliche
Information iiber die Massenverteilung eines Teilchen besitzt, die Spektralfunk-
tion A(q).

Sie ist definiert als

Ag) = > TmD™T(q) | (2.11)

wobei DRFT(g) der retardierte Propagator ist [FW, KBJ. Er kann nicht mit Hil-
fe von Feynman-Diagrammen berechnet werden, weil diese nur zur Auswertung
von Erwartungswerten zeitgeordneter Produkte von Feldoperatoren angewandt
werden kénnen, D(q)®FT aber nicht als zeitgeordnetes Produkt definiert ist (s.
Kapitel (2.2.1)) [PS].

Es 148t sich aber zeigen, daf} in dem uns interessierenden Fall eines einzelnen
Rho in Kernmaterie der Feynman-Propagator und der retardierte Propagator fiir
Energien E > 0 identisch sind und man deshalb die Spektralfunktion auch aus
dem Imaginirteil des Feynman-Propagators berechnen kann.

Der folgende Abschnitt befafit sich mit den verschiedenen Propagatoren oder
Greenfunktionen einer skalaren Feldtheorie. Nach der Definition der Propagato-
ren wird ein Ausdruck fiir die Spektralfunktion abgeleitet, aus dem einige ihrer
Symmetrieeigenschaften abgelesen werden kénnen. Auflerdem wird eine Summen-
regel fiir die Spektralfunktion bewiesen.

Um eine anschauliche Interpretation der Spektralfunktion zu geben, werden
zunéchst die freien Propagatoren im Impulsraum berechnet. Unter Zuhilfenahme
eines einfachen Ausdrucks fiir den vollen Propagator, der auf seinen Analytizitéts-
eigenschaften beruht (Lehmann-Darstellung), wird schliefilich die Spektralfunkti-
on in Beziehung gesetzt zu der Wahrscheinlichkeitsverteilung, welche angibt, mit
welcher Wahrscheinlichkeit ein Teilchen mit der Masse m propagiert.



2.2.1 Definition und Symmetrieeigenschaften

In einer skalaren Feldtheorie verwendet man vier verschiedene Propagatoren. Sie
sind wie folgt definiert, wobei der Erwartungswert immer beziiglich des Vakuum-
zustands der Theorie zu bilden ist [FW, PS]:

1) retardierter Propagator DRFT (g, y)

D (z —y) = —i0(z, — yo) ([$(2), 6(v)]) (2.12)

2) avancierter Propagator DA (z,y)

DY (x —y) = i0(yo — z,) ([$(2), 6(v)]) (2.13)

3) kausaler Propagator oder Feynman-Propagator D (z, )

D"(z,y) = —i(T(¢(z)(y))) (2.14)
4) antikausaler Propagator D (z,y)
DA(z,y) = i(T(¢(2)d(y))) - (2.15)

T ist der Zeitordnungsoperator. Angewandt auf n Felder ordnet er diese so
an, dafl das Feld mit dem kleinsten Zeitargument ganz rechts und das mit dem
grofiten ganz links steht. Damit ergibt sich fiir den Feynman-Propagator folgende
Form:

Df(z,y) = —i0(z, — vo) (d(z)B(y))
~i0(yo — ,) (d(y)p(x))
Der T-Operator ordnet die Felder in genau der umgekehrten Reihenfolge wie der

T-Operator an.
Fiir die Spektralfunktion ergibt sich damit (s. (2.11)):

A = - (D™ ()~ (D™ ()) . (2.16)

In der folgenden Diskussion wird vorrausgesetzt, dafl das Feld ¢(x) reell ist. Dann
kann A(g) fiir relle ¢ in eine Form umgeschrieben werden, aus der einige Symme-
trien der Spektralfunktion leicht abgelesen werden kénnen:

DRT(g) = [ d'(w = y) 1 (=) 0w — o) ([6(2), @)
(D7) = [d'@—y)e 1 (i) 6z — o) ([8(v). b))
= [ d'@—y) e () 0(y — 20) ([B(), 6(3)



Im ersten Schritt wurde dabei benutzt, daf fiir relle Felder ¢(x)

(glld(), oW)lg)* = (gllé(z), d(¥)]'lg) (2.17)
= (gllo(y), o(2)]|g)

gilt. |g) bezeichnet den Grundzustand der Theorie. Im zweiten Schritt wurde
([#(x), d(y)]) = f ((x — y)?) benutzt. Dies folgt direkt aus der Translationsinva-
rianz des Vakuums. (2.16) wird dann zu [FW, KB]:

Alg) = = — [ @ = y) e (i) (6(a), 6(0)
= ﬂfﬂw(m,mm . (2.18)

Jetzt und im folgenden bezeichnet F7 eine Fouriertransformation. Daraus folgen
nun einige Symmtrieeigenschaften der Spektralfunktion:
1) antisymmetrisch in x und y:

A(.T,y) = _A(y?x) ’ (2'19)

2) antisymmetrisch in q:
A(q) = / d*z e A(x,0)

= —/d4xez(q A(—=z,0)
(- (2.20)

3) symmetrisch in ¢ bei rdumlicher Isotropie des Systems. A ist eine skalare
Funktion. Es gibt keinen Vektor, der zusammen mit ¢ einen Skalar bilden konnte.
4) unter obiger Vorausetzung antisymmetrisch in w:

A4, 7) = —A(=00,7) - (2.21)

2.2.2 Summenregel

In diesem Unterkapitel soll eine Summenregel fiir skalare Felder abgeleitet werden.
Zur Ableitung werden zwei Eigenschaften der Theorie benutzt: der Zusammen-
hang zwischen dem kanonisch konjugierten Impuls 7(z) und der Zeitableitung

des Feldes ¢(z) [PS]:
oL
0(0,¢(z))
= 0pp(x) , (2.22)

auBerdem der gleichzeitige Kommutator des Feldimpulses 7(z) mit dem Feld ¢(z)
[PS]:

m(z) =

[¢(fv t)’ﬂ-(g” t)] = i6(3)(j’_ g) . (2-23)



Mit diesen beiden Relationen kann man nun allgemein zeigen, dafl es eine Sum-
menregel fiir die Spektralfunktion eines skalaren Feldes gibt, welche die Teilchen-
zahlerhaltung zum Ausdruck bringt [Leu2]:

[ duaAt) = % [ dwda,ei = (an,697) ([9(z), 6(O)))
_ 1 / dl 0:,27 8(2,) {[6(x), $(0)])
— z’/d%e‘“’ﬁdxo&(mo)@xo([¢($),¢(0)])

(2:22) z‘/d3xe*i'ﬁ([7f(0,f)a¢(0)]>
(2.23)

= 1

Im Fortlauf dieser Arbeit werden wir uns noch einmal mit Summenregeln beschif-
tigen, dann aber mit Summenregeln fiir Spektralfunktionen von Spin-1-Feldern.

2.2.3 Wahrscheinlichkeitsinterpretation

Im diesem Abschnitt soll eine anschauliche Interpretation der Spektralfunktion als
Massenverteilung eines Quasiteilchens motiviert werden. Dazu werden zunéchst
Ausdriicke fiir die verschiedenen freien Propagatoren im Impulsraum abgeleitet.
Dann wird gezeigt, wie aus Analytizitétsgriinden ein relativ einfacher Ausdruck
fiir den Propagator einer wechselwirkenden Theorie folgt. Mit Hilfe der Darstel-
lung der freien Propagatoren wird schliellich die gewiinschte Interpretation der
Spektralfunktion méoglich sein.

Aus den oben gegebenen Definitionen (2.12-2.15) der verschiedenen Propaga-
toren kann man die bekannte Darstellung der freien Propagatoren im Impulsraum
durch Einsetzen der Normalmodenentwicklung ableiten. Als Beispiel soll der re-
tardierte Propagator fiir ein freies, ungeladenes, skalares Feld berechnet werden.
Die Rechnungen fiir die anderen Propagatoren verlaufen analog.

Die Normalmodenentwicklung eines freien, skalaren Feldes ist [PS]:

4’k 1 iByto ,—ik % —iBgzo ik
¢($)=/W\/2Tk{af(k)e’? e k% 4 a(k)eF ek} . (2.24)

Um die kanonischen Kommutatorrelationen

[6(Z,1), 7(§,1)] =16(F — ) (2.25)



zu erfiillen, sind die Operatoren a und a' so definiert, da§ gilt:

la(p), o' (5")] = (27)* (5 — ") (2.26)

Aufler der Normalmodenentwicklung braucht man eine Fourierdarstellung der
f-Funktion:

Bl dk e—zko To—Yo)

dk, e—zko(wo Yo)
o ko + E — i€ ’
dk, e~ o(To—Yo)
o1 ky+ E +ie
dk, e~ ko(To—yo)
o1 k,— FE — ie

e"‘iE(wO*yO) e(yo J— ‘/I’IO) ot _Z
e HiE(@o—Yo) 0(zo —yo) = —+i
e~ B (zo—yo) 0(yo — ) = —i

Damit kann man mit Hilfe der Definition des retardierten Propagators (2.12)
seine Impulsraumdarstellung berechnen:

DEET (g ) = —if(zy — y,) {[b(z), (y)])

o APk 1
= —'L/WEO(%—%)X

X{ eZEk Lo— yO) tk(f—7) _ —iEr(To—Yo) eik(i“—g}')}

_/d‘*kez(xy)l ( 1 B 1 )
) (2n)t 2F, \k,— E+ie k,+ FE+ic

d4k ik(z—y) 1
R — |
(2m)* k2 — EZ +sgn(k,) ie

Die anderen Propagatoren haben folgende Darstellung im Impulsraum:

1
F _
Dw)_@—%+k ’
1
A
Dok) = k2—E? —ie
DAV(k‘) — 1

k2 — E? — sgn(k,)ie

Die bisher abgeleiteten Propagatoren beschreiben nichtwechselwirkende Teil-

chen. Der Propagator einer wechselwirkenden Theorie hat in der Lehmann-Darstel-
lung [PS, LB] folgende Form:

1

Z— S

D(z) = /000 ds p(s) (2.27)



Dabei ist z eine komplexe Variable. Die vier Propagatoren folgen durch geeignete
Grenzwertbildung aus (2.27), so ist z.B.

DEET (%) = lim D(z) . (2.28)

z—q%+ie sgn(go)

Die physikalische Interpretation dieser Darstellung ist die, dafl der volle Propaga-
tor eines Teilchens eine Summe von freien Propagatoren mit den Massen m = /s
ist. Die Funktion p(s) gibt die Wahrscheinlichkeit dafiir an, da8 das Teilchen mit
der Masse s propagiert, steht also damit in enger Beziehung zu der Groéfle Z aus
dem vorherigen Kapitel (s. (2.9)). Die Spektralfunktion der wechselwirkenden
Theorie kann nun unter Ausnutzung ihrer Definitionsgleichung (2.16) aus (2.27)
ausgerechnet und in Beziehung zu p(s) gebracht werden:

1

zZ— S

A(k*) = —Im lim 1 /Oo ds p(s)
0

z—)q +iesgn(qo) T

= —Im= / ds { <k2 — s) p(s) —imsgn(k,) 5(k* — s) p(s)}
= Sgn(ko) 0(k*) p(k?)

Im zweiten Schritt wurde dabei die algebraische Relation

1
k? — m? + ie sgnk,

1
=P (W) — imwsgnk, 6(k* —m?) (2.29)

benutzt. P bezeichnet den Hauptwert des Ausdruckes. Damit ist eine anschauliche
Interpretation der Spektralfunktion gefunden: Sie ist ein Maf fiir die Wahrschein-
lichkeit, daf§ das beschriebene Teilchen mit der Masse m? = k? propagiert.

Mit Hilfe von (2.27) sieht man nun, daf§ fiir k, > 0 der Imaginérteil des
Feynman-Propagators gleich dem Imaginérteil des retardierten Propagators ist
und man deshalb die Spektralfunktion mit den iiblichen Rechentechniken aus-
rechnen kann:

—%ImDF(kQ) = —Iml /oodspsk 2_“,6
~ Imt / ds{ (k2 )p(s)—iwé(kQ—s)p(s)}
= 9(’f2) k?)
= sgn(ko)A(kz)

Zum Abschluf} sollen nun noch zwei weitere Bemerkungen gemacht werden.
Zum einen kann ein Zusammenhang zwischen retardiertem und kausalem Propa-
gator nur dann hergestellt werden, wenn sich in dem betrachteten System genau
ein Teilchen der untersuchten Teilchensorte aufhélt. Dies rithrt daher, dal nach



Einsetzen der Normalmodenentwicklung im Feynmanpropagator Terme propor-
tional zu N, dem Teilchenzahloperator, auftreten. Dies fiihrt dazu, dafl der Ima-
gindrteil des Feynman-Propagators Terme enthélt, die proportional zur Vertei-
lungsfunktion sind. Zum Beispiel enthélt der kausale Propagator fiir ein System
von Nukleonen Terme, die proportional zur Fermiverteilung der Nukleonen sind
(s. (4.31)).

Als letztes soll an dem zur Einfiihrung gegebenen Beispiel, fiir das im ersten
Abschnitt dieses Kapitels eine Summenregel Y, Z; = 1 nachgerechnet wurde, die
im vorherigen Abschnitt abgeleitete Summenregel (2.24) iiberpriift werden. Der
retardierte Propagator des dort behandelten Systems hat die Form (2.8,2.12):

D= QZA. + QZB, . (2.30)

q° — qa T1€8gNp,  q° — g + 1E€SENP,
Wegen der algebraischen Identitdt (2.29) ist die Spektralfunktion gegeben durch:
A(q) = Zasgngo 6(¢° — ¢4) + Zpsengo 6(¢* — q3) - (2.31)

Damit wird die Summenregel (2.24) zu:

/_ dgo o A(¢o, @) = /_ dgo gosengo { Za0(q2 — @* — q4) + Z50(q% — ¢* — ¢3) }

{2ZA+2ZB}
= @oSgNGo \ o + o
2|gol  21qol
= Zs+Zp

=1

2.3 Propagatoren von Vektormesonen

In den vorrangegangenen Kapiteln wurden Definition und Eigenschaften von
Spektralfunktionen skalarer Teilchen angegeben und diskutiert. Ziel dieser Ar-
beit ist jedoch die Berechnung der Spektralfunktion von Vektormesonen, welche
den Spin S = 1 tragen. In den néchsten beiden Kapiteln soll zu diesem Zweck die
Spektralfunktion von Vektormesonen eingefiihrt werden. Dazu muf} insbesondere
die Lorentzstruktur des p-Propagators sowohl im Vakuum als auch in Kernma-
terie geklart werden. Man wird dann sehen, dafl sich die Spektralfunktion fiir
Vektormesonen in Analogie zum skalaren Fall definieren 148t. Zum Abschluf die-
ses Kapitels wird dann eine Summenregel fiir Spin-1-Teilchen abgeleitet.

2.3.1 Lorentzstruktur: Vakuum

Der Propagator eines stabilen Spin-1-Teilchens der Masse m,, ist gegeben durch
[HM]:

v

_(guv _ 9”_3_)

D) = — o
o



I Ut B O

2 2 2 g2
qc —my m, ¢q

, (2.32)

m, ist dabei die Masse, die das Teilchen ohne Wechselwirkungen hat. Sie wird
im folgenden als nackte Masse bezeichnet. Wenn nicht anders erwéhnt, soll von
nun an mit Propagator stets der Feynman-Propagator gemeint sein. Im letzten
Schritt wurde der Propagator aufgespalten in einen transversalen und einen lon-
gitudinalen Beitrag:

D¥(q) =T"(q) DY (q) + L"(q) DX (q) . (2.33)

T'(q) und L(q) sind Projektoren auf Zusténde transversal und longitudinal zu g,,.
Sie sind definiert durch:

QNT“V((]) =0 )
L"(q) = ¢""—T"(q)

Auflerdem miissen sie die iiblichen Projektoreigenschaften erfiillen:
TL=0, T°=T, L*=L . (2.34)

Aus diesen Bedingungen folgt:

y ., 4"q”

™(q) = g" Tz (2.35)
” q“q”

L*™(q) = - . (2.36)

Im allgemeinen wird die Kopplung eines massiven Spin-1-Teilchens an Elek-
tronen oder Hadronen so beschrieben wie die Kopplung von Photonen an diese
Freiheitsgrade. Photonen kénnen nur an erhaltene Strome koppeln, was direkt
aus den Bewegungsgleichungen fiir das elektromagnetische Feld hervorgeht:

g, = . (2.37)

Dabei ist F* = 0* AY — 0¥ A*. Die Bewegungsgleichungen sind auflerdem inva-
riant unter einer Eichtransformation

AP AP 4 ORy (2.38)

wie man leicht durch Einsetzen sehen kann.

In einer Feldtheorie beruht ein erhaltener Strom auf der Invarianz der zugrunde
liegenden Lagrangedichte fiir die betrachteten Teilchen unter einer globalen Pha-
sentransformation. Dies ist z.B. fiir Nukleonen bzw. Nukleonresonanzen erfiillt:

pe e (Ouy* —m) e =1 (Ouy* —m) (2.39)



Es scheint daher sinnvoll zu sein, p-Mesonen nur an erhaltene Strome, also in
Analogie zu den Photonen, an die Baryonen zu koppeln. Andererseits erzwingt
die Kopplung an erhaltene Strome, dafl das Vektormesonfeld vierertransveral ist.
Die Bewegungsgleichung fiir massive Spin-1-Felder lautet ndmlich:

aupuu+m2Au:ju

Dabei ist p*” in Analogie zum elektromagnetischen Feld definiert: p* = 0" p¥ —
0" p*. p* beschreibt das Vektormesonenfeld. Bildet man nun auf beiden Seiten
die Divergenz dieses Ausdrucks, so folgt:

0,0, F™ +8,m2 A" = 0,5"
= 8,4" = 0 | (2.40)

d.h. das Vektormesonfeld ist vierertransversal. Durch das Auftreten des Massen-
terms ist allerdings die Bewegungsgleichung fiir ein massives Vektormeson nicht
mehr eichinvariant.

Nach einer Fouriertransformation in den Impulsraum nehmen Stromerhaltung
sowie Vierertransversalitit des Vektormesonfeldes folgende Form an:

@i =0 (Stromerhaltung) ,
qupy = 0  (Vierertransversalitit) : (2.41)

Py bezeichnet nun nicht mehr den Feldoperator des Vektormesons, sondern seine
drei Polarisationsvektoren. Diese sind durch (2.41) sowie die Forderung pL’\ o=
—0, x festgelegt. Eine mogliche Darstellung der pf ist [HM]:

pr = (0,513)
1 d

P = 7 (9, ) - (2.42)
q

€z bezeichnet einen Einheitsvektor, welcher orthogonal zur Bewegungsrichtung
des Teilchens, gekennzeichnet durch €, ist. Es gibt daher zwei Polarisationsvek-
toren pf.. Die Indizes T und L geben die relative Orientierung von Polarisations-
vektor und Bewegungsrichtung an: pf. steht senkrecht zur Bewegungsrichtung,
withrend pf parallel zur Bewegungsrichtung ist. Man sieht aufBerdem, daf die
Normierung von p4 beim Ubergang in den zeitartigen Bereich das Vorzeichen
wechselt.

Die Wechselwirkung von Vektormeson mit baryonischem Strom wird im La-
grangeformalismus durch folgenden Term beschrieben:

,Cmt = Pu j“ . (243)

Ist der baryonische Strom erhalten, so muf} die Lagrangedichte L;,; folglich durch
die Ersetzung p, — g, verschwinden.



Bei dreiertransversalen Vektormesonen stehen Polarisationsvektor und Beweguns-
richtung orthogonal aufeinander:

Gor=0 . (2.44)

Weil die nullte Komponente von pf verschwindet, ist die Wechselwirkung von
Vektormeson und baryonischem Strom nun von der Form:

Lint = Py Ji - (2.45)

Stromerhaltung impliziert, da§ die Lagrangedichte bei der Ersetzung pi — ¢*
verschwindet.

Koppelt man die Vektormesonen nur an erhaltene Strome, so kann man den
viererlongitudinalen Anteil des Propagators (2.32), der proportional zu ¢* ¢” ist,
vernachléssigen, weil sein Beitrag bei der Berechnung von Matrixelementen auf-
grund der Stromerhaltung stets verschwindet.

Die Selbstenergie eines Vektormesons ist proportional zum zeitgeordenten Pro-
dukt der baryonischer Strome, an die das Vektormeson koppelt [LB, KW97]:

Y —y) =i(T (") " (v) - (2.46)
Deshalb ist sie vierertransversal:
WE"(?) =0 . (2.47)

Da der viererlongitudinale Propagator durch Wechselwirkung mit erhaltenen
Stromen nicht modifiziert wird, wird im folgenden also nur noch der vierertrans-
versale besprochen.

Im Vakuum kann er mit den in (2.42) eingefiihrten Polarisationsvektoren fo-
gendermaflen ausgedriickt werden:

T (q) Z Pyt DY (g (2.48)

Man rechnet némlich leicht nach, dafl

Zpﬁpﬁ*=— S0 . (2.49)

DT hat gemiB (2.3) folgende Form:

DT

Dr=— "o
1+ DIsT

(2.50)

In obiger Notation ist DI = 2 o7z, Wahrend YT definiert ist durch:

P2

S (q) = T (q) X7 (q)



Man bekommt die skalare Funktion X7 aus dem Skalarprodukt (nichts anderes
ist die Spurbildung) von 7% und ¥** mit dem Ergebnis:

Tr(TY)
TrT
= %TT(TE) ) (2.51)

o=

Dabei wird die Projektoreigenschaft 72 = T benutzt.
Somit ist DT gegeben durch:

-1

D'=———
p?—m2 —XT

(2.52)

Wir kommen nun zur Bestimmung des Propagators eines p-Mesons im Vaku-
um. Dazu muf} zuerst seine Selbstenergie berechnet werden. Im Vakuum werden
die Eigenschaften eines p-Mesons vor allem durch seine Wechselwirkung mit Pio-
nen dominiert. Der Realteil der Selbstenergie X, legt die physikalische Masse
des p fest, wihrend der Imaginérteil zu einer Breite fiihrt (vgl. (2.4) und (2.5)).
Der Imaginérteil der Selbstenergie kann nach Cutkosky (s. Anhang (C)) mit Hilfe
des Zerfalls p — 71 bestimmt werden:

Yorr(q) = —im, Fp,m(cf) ) (2.53)

Das Vorzeichen der Selbstenergie ist durch die Forderung festgelegt, dal der Ima-
ginérteil des Propagators negativ sein soll. Damit wird gewéhrleistet, dal der
Propagator D(k,t) eines Teilchens mit endlicher Breite ein zerfallendes Teilchen
beschreibt, mit der Zeit also exponentiell geddmpft wird und nicht etwa expo-
nentiell ansteigt. In dieser Arbeit wird fiir I';,(¢?) eine Parametrisierung benutzt,
die die Energieabhéngigkeit einer Ein-Loop-Rechnung genau wiedergibt [KW97]:

Fpen(m?) =T, 2 <Q(m) >3 . (2.54)

m \q(m,)

Dabei ist g(m) der rdumliche Impuls der Pionen im Ruhesystem des p-Mesons. m
bezeichnet die Masse des p-Mesons. Es stellt sich heraus, dafl die Impulsabhéngig-
keit des Realteils der Selbstenergie nicht sehr stark ist, wenn man die durch
(2.54) vorgeschlagene Form des Imaginiteils wihlt [KW97]. Man kann dann in
guter Ndherung die Summe aus Realteil und nackter Masse einer Konstanten,
namlich der physikalischen Masse des Rho, gleich setzen. Damit ist die Struktur
des p-Propagators im Vakuum geklért.

Die Spektralfunktion eines Vektormesons ist in Analogie zu (2.11) definiert als:

Av(g) = S FT (@), )] (2.55)



Man sieht an dieser Definition, dal A*”(q) vierertransversal ist, wenn dies auch
fiir p*(x) zutrifft.
Die Vakuumspektralfunktion des p-Mesons steht in folgendem Zusammenhang
zum Propagator:
1
AT(g) = = Im DR*FT T (q) (2.56)
T
Fiir ¢, > 0 wird daraus:

AT(g) = 1 mg Lrr(q) (2.57)
T (q2 _ m?,) + (my Tprn ()

In Abb. 2.2 ist die Spektralfunktion eines p-Mesons im Vakuum abgebildet.
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Abbildung 2.2: Die Vakuumsspektralfunktion des p-Mesons.

Die Struktur der Spektralfunktion ist leicht zu erkldren: Sie hat einen Peak
bei m = 768 MeV, der durch die Zerfallsbreite des p-Mesons verschmiert ist.
Dies ist aufgrund der Interpretation der Spektralfunktion als Massenverteilung
zZu erwarten.

2.3.2 Lorentzstruktur: Medium

Die Lorentzstruktur von Propagator und Selbstenergie im Medium ist durch die
Anwesenheit eines ausgezeichneten Bezugssystems etwas komplizierter. Dieses
Bezugssystem ist das Ruhesystem der Kernmaterie. Im Gegensatz zum Vaku-
um ist es notig, zwischen longitudinaler und transversaler Polarisation (bezogen
auf seinen rdumlichen Impuls ¢) des Rho zu unterscheiden. Im Vakuum kann
man immer eine Lorentztransformation ins Ruhesystem des Rho ausfiihren, in
dem es keine ausgezeichnete Richtung mehr gibt und zwischen longitudinal und



transversal nicht unterschieden werden kann. Fiihrt man dieselbe Transforma-
tion hingegen im Medium aus, so existiert immer noch ein ausgezeichneter Im-
puls, ndmlich der Relativimpuls von Kernmaterie und p-Meson. Longitudinal
bzw. transversal konnen nun beziiglich dieses Impulses definiert werden. Durch
die Brechung der Lorentzinvarianz wechselwirken longitudinal und transversal
polarisierte Rho-Mesonen unterschiedlich mit den Nukleonen, was sich in den
Rechnungen dadurch &duflert, dafl longitudinale und transversale Selbstenergie
unterschiedlich sind. Falls das p-Meson jedoch relativ zum Medium ruht, ist die
Lorentzinvarianz nicht mehr gebrochen, weil keine ausgezeichnete Richtung mehr
existiert. Dann miissen alle 3-er transversalen bzw. 3-er longitudinalen Gréfien
iibereinstimmen.

Im allgemeinen werden nun alle vorkommenden Gréflen 3-er transversale und
3-er longitudinale Anteile haben. Zu einer Beschreibung von Spin-1-Teilchen in
Kernmaterie ist es folglich notwendig, Projektoren PT bzw. PL auf diese Zustéinde
einzufiihren. '

Aus der Transversalititsbedingung ¢; P = ¢; Pp’ = 0 zusammen mit der
Projektoreigenschaft (Pr)? = Pr folgt fiir Pr” [PP98, KW97]:

) 0 0
P = — ( 0 g — u ) . (2.58)
P! ist dann durch P/ =T — P}¥ definiert:

v y ' v
ppr o= (¢" —7)—1[)#

72 909j
2 2
_ q q
- doli  9a9i4; : (2.59)

q? 7%q?

Mit Hilfe dieser beiden Projektoren ist es moglich, den vierertransversalen Teil
des Rho-Propagators mit Hilfe von PT und P* zu schreiben als:

T D = pTw pT 4 ptw pt (2.60)
Ebenso besteht die vierertransversale Selbstenergie aus zwei Anteilen:
™ (q) % = PTwxT 4 ptwyt (2.61)

Aufgrund der expliziten Brechung der Lorentzinvarianz werden die Selbstenergien
YT und ¥ nicht mehr nur Funktionen von ¢ wie ¥, sein, sondern von ¢? und
g2 getrennt abhingen.

Im folgenden soll nun gezeigt werden, daf§ der transversale (longitudinale) An-
teil des Propagators nur durch transversale (longitudinale) Selbstenergien modi-
fiziert wird. Das bedeutet, dafl eine transversale Selbstenergie die Propagation
eines longitudinal polarisierten Teilchens nicht beeinfluft und umgekehrt. Um



dies zu sehen, geht man von der Dyson-Schwinger-Gleichung (2.3) aus, diesmal
allerdings nicht fiir skalare Teilchen, sondern fiir Teilchen mit Spin 1:

D" = D — Di*%,., DV

Schreibt man nun alle Gréflen in ihrer kompletten Lorentzstruktur aus, multipli-
ziert beide Seiten mit PT* bzw. PL# und nimmt die Spur, so erhilt man zwei
entkoppelte Gleichungen fiir DT und D:

pri)  — DOT(L) _ DOT(L) wI'(L) pT(L)

I

die dieselbe Losung wie (2.3) haben. Als Losung der Dyson-Schwinger-Gleichung
erhilt man dann fiir D7(9):

—1

DT = 2.62
p2 - mg - E'Mr(q?) — T (qo, q_‘) ( )
Fiir ¢, > 0 ist dann die Spektralfunktion gemif (2.56)[PP98|:

Q0 (p2 - m% - RGE(QO, q’))Q + Imz(qu Q’)Q ’

wobei ¥ = ¥, + XT1),

2.3.3 Summenregel fiir Spektralfunktionen

Dieses Kapitel soll damit abgeschlossen werden, dafl Summenregeln fiir die Spek-
tralfunktionen eines Spin-1-Feldes im Vakuum und im Medium abgeleitet werden
[Leu3]. Die Herleitung fiir skalare Felder ist hier nicht mehr giiltig, weil der Zu-
sammenhang zwischen zeitlicher Ableitung des Feldes und dem kanonisch konju-
gierten Impuls nun ein anderer ist:

() # On, 9#(2)

Die Spektralfunktion eines Spin-1-Feldes ist in (2.55) definiert. Zunéchst ist es
nétig, eine Relation zwischen A7(") und den Elementen von A" herzustellen, die
nur die Vierertransversalitdt von A*”

g A" =0

ausnutzt und somit auf jede andere vierertransversale Grofie [I#” iibertragbar ist.
Wie aus der Definition (2.55) der Spektralfunktion A*” hervorgeht, ist sie dann
vierertransversal, wenn das Vektormesonfeld p* vierertransversal ist. Da das p-
Meson in dieser Arbeit nur an erhaltene baryonische Strome angekoppelt wird,
ist die hier berechnete Spektralfunktion also immer vierertransversal (s. (2.40)).



Al = pLoaw
qu Qv v
= (gl“/ — 22 _— Pg;) AN
— T v
= Aﬁ - P, A¥
_ q; 95
= Al <5ij— = ) Ayj

= A00+A§+Aii_%f4i]’

4

== Aoo - (72] A” . (264)

Stromerhaltung impliziert nun:

GG A = ¢igoAio

= Ay . (2.65)
Damit folgt fiir A%:
2
L qo
P
2 2
q q oo
= G =54 . (2.66)
Ebenso findet man fiir A”:
AT — EPT AHY
2 MW
1 qi g;

Bevor wir nun in der Lage sind, Summenregeln fiir die verschiedenen Spek-
tralfunktionen von Spin-1-Feldern zu berechnen, miissen wir den Zusammenhang
zwischen der Zeitableitung der Felder p, und dem kanonisch konjugierten Im-
puls 7 finden. Die Lagrangedichte eines massiven Spin-1-Feldes, welches an einen
Strom j, koppelt, ist gegeben durch:

1 o1 .
L==7pwp +5m pup +iur" (2.68)

mit py, = 0y py,—0, p,. Die Euler-Lagrange-Gleichungen fiihren dann auf folgende
Bewegungsgleichungen:

oL oL
a(aapﬂ) apﬂ

0 = 0,



- _lgun gy OPwPex 2 5

4 * 0(0aps)
= —% o P (O Oug = Ova Oup) — m® p°
= 0,0+ m?p" . (2.69)
Damit ist insbesondere ) .
p° = 3 9 p"’
Der kanonisch konjugierte Impuls ist definiert als
T = % =0°p' — 0" p° = p°* . (2.70)

Diese Relation liefert dann den gewiinschten Zusammenhang zwischen 0° p* und

T

Pp = 4
— i % 9 0, pe
= 7'+ % 0" 0;m . (2.71)
Zwischen p' und 7/ gelten die kanonischen Kommutatorrelationen:
[p'(@,t), 7 (§,0)] = —ig" 6(T —§) (2.72)

wobei ¢¥ = —6Y ist.

Mit diesen Vorbemerkungen sind wir nun in der Lage, einzelne Summenregeln
abzuleiten. Dazu ist in Analogie zum skalaren Feld folgendes Integral auszurech-
nen:

[ daao (@) = [d2 4()  wegen (221) . (273)
—o0 0

Weil der Projektor auf 3-transversale Zustidnde P[fu nicht von der Energie ab-
hingig ist, geniigt es, sich fiir die Normierung von A7 das Integral [ dg, q,AY(q)
anzuschauen. Die Normierung von AT folgt dann durch Kontraktion des Ergeb-
nisses mit PEU. Mit Schritten, die vollkommen &quivalent zu denen im skalaren
Fall sind, folgt:

oo

[ i) = i [ @ @i00./0) - @

—0oQ

Mit den obigen Relationen ist der auftretende Kommutator:

0,00,/ 0] = ig76@) +i ;P ads@ . (27



Mit Hilfe der é-Funktionen 148t sich das Integral nun leicht auswerten:

m2

q; g5 i qiqj
8i; — 59 4
(” 7’ ) ( m2>

Da PJ‘V von der Energie abhéingig ist, kann er nicht aus dem Normierungs-
integral herausgezogen werden. Um zu iiberpriifen, ob AL normiert ist, rechnet
man daher zuerst die Normierung von A° aus und setzt dann mittels (2.66) die
Normierung von A° mit der von A’ in Verbindung.

i [ e T (0,/0.2.00) = @ +LL . @)

Damit geniigt AT einer Summenregel:

/dQOQOAT(Q) =

=N =

(2.77)

[ w0 = i [ @r0n.0) @
Etwas miihsamer ist es, den hier auftretenden Kommutator zu bestimmen:
0,0°(0,3), °(0.7)) = 0%l 0 m(0, 7Y, (0, )
= (i) O S~ )
_ 7;_; A, SE—1) (2.79)

Wieder kann mit Hilfe der §-Funktion das Integral einfach berechnet werden:

00 &) )
/ dgo 4, A%(q) = i / &z e T2 ([9,0°(0, ), p°(0)]) = m_@g (2.80)

A% ist folglich nicht normiert. Offensichtlich ist hingegen die Grofie —29—22 A% =

’;—; AL normiert. Damit gilt folgende Normierung fiir A%:

o0 2
/ dqoqo% A =1 . (2.81)

Mit diesen beiden Ergebnissen ist es relativ einfach zu zeigen, daf} die Vaku-
umspektralfunktion A(g) von Spin-1-Feldern einer Summenregel geniigt:

o0 1 o0
/ dgo G A(q) = 3 / dqo 4T, A" (q)



1 o0
3 / dqo 409w A™ (q)

o0

5 ] oo (47— 49

1 q_’Z 1% (72
5(‘@*5 o

1

(2.82)



Kapitel 3

Das Low-Density-Theorem

In diesem Kapitel werden die physikalischen Prozesse, deren Einfluf auf die Spek-
tralfunktion eines p-Mesons in Materie berechnet werden soll, etwas genauer dis-
kutiert. Es handelt sich dabei um p N-Streuprozesse, bei denen eine intermediire
Resonanz angeregt wird. Diese Streuprozesse fithren zur Anregung von Resonanz-
Loch-Anregungen. Die dazugehorigen Feynman-Graphen sind in Abbildung 3.1
gezeigt.

¥/ e
N R “
N N
bzw.
R
== =p= H - é0= H
N

Abbildung 3.1: Feyman-Graphen, auf deren Grundlage in dieser Arbeit die Rho-
Selbstenergie in Kernmaterie berechnet wird.
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1(J%) T, T, | L | fzn,
[ MeV] | [ MeV]

N(938) [ 13 T) 0 o] 1| 77
N(1520) || 5(37) 95 251 0] 7.0
N(1650) | 5(3 ) 135 1500 09
N(1680) || £(27) 118 12| 1| 6.3
N(1720) || 33 7T) 50 100 1| 7.8
A(1232) || 32 T) 120 0| 1] 153
A(1620) || 2(37) 130 200 0| 25
A(1700) || 3(27) 180 120 0| 5.0
A(1905) || 3(3™) 140 210 | 1] 12.2

Tabelle 3.1: Liste aller Resonanzen, die in den Rechnungen beriicksichtigt werden.
l, bezeichnet den relativen Bahndrehimpuls von Nukleon und Rho-Meson.

In Tabelle 3 sind alle in Betracht gezogenen Resonanzen zusammen mit ihren
Quantenzahlen sowie den partiellen Zerfallsbreiten aufgefiihrt. Es wurden dabei
alle diejenigen Resonanzen ausgewéhlt, deren Masse kleiner als 1.9 GeV ist und
die in [PDG] vier Sterne erhalten haben, deren Existenz also relativ gesichert
scheint.

Das low density theorem stellt den expliziten Zusammenhang zwischen der p N-
Vorwirtsstreuamplitude und der p-Selbstenergie her [FP97, DH71, EW]. Es soll
nun in einer recht allgemeinen Form hergeleitet werden.

In einer relativistischen Theorie ist die Selbstenergie ¥*”(q) mit nicht niher
bestimmten Vertexfaktoren I'* gegeben durch (nur Spin-1/2-Resonanzen werden
betrachtet) [PS]:

4

20 =i [ SR T {0 D e DY)} (3)

Die Spur erstreckt sich dabei iiber die Dirac-Indizes. Das Vorzeichen von :#
ist so gewdhlt, dafl der Imaginérteil der Selbstenergie negativ ist. Damit ist si-
chergestellt, dafl der Rho-Propagator kausal ist, also einen negativen Imaginérteil
besitzt.

Dg(K) ist ein Resonanzpropagator fiir Spin-1/2-Teilchen:

_ K+m
_kQ—mQ

Drg(k) (3.2)

m ist im allgemeinen eine komplexe Funktion:

m(k) = mp + Sg(k) (3.3)



und DY ist der mediumabh#ngige Anteil des relativistischen Nukleonpropagators
[FW]:
Dy = —2mi0(p,) O(pe— | F]) 6(p* — miy) (B+mn) . (3.4)

pr bezeichnet den Fermi-Impuls.
Damit erhilt man fiir >#*:

20 = [ 50w O | 7) 3 = mi) 27 (35)
T D) (M) T (B m)) - (36)

Mit Hilfe der -Funktion kann die p,-Integration leicht ausgefiihrt werden:

) = [ O |5 g 5
x Te{I*(p,q) (K+m)T¥(p, q) (B+mn)} lpo=my - (3.7)

Man betrachte nun die low density-Nédherung p — 0. In diesem Limes gilt fiir
den Fermi-Impuls pr — 0 und die p-Abhéngigkeit des Integranden ist zu ver-
nachléssigen. Es bleibt ein Integral iiber die ©-Funktion, welches in spin/isospin-
symmetrischer Kernmaterie gleich £ ist:

[ ew-lr)=t 35)

In der low density-Niherung ist also die Selbstenergie gegeben durch:

D(q) = o T T .0) (B4 m) T (0,) (B + )} ooy
(3.9)

Betrachtet sei nun die p N-Vorwértsstreuamplitude. Da ein Spin-1-Teilchen im
Eingangs- und im Ausgangskanal ist, kann jede p N-Streuamplitude in folgender
Form geschrieben werden:

T(q) = eue, ™ (q) - (3.10)

Durch Anwendung der Feynman-Regeln sieht man, dafl fiir Streuprozesse in
Vorwirtsrichtung T+ (q) folgende Form hat:

1 14
() = S Tr i, ) (K +m) I (p, @) (B + M)} lpommy , (3.11)
wobei im s-Kanal £ = p 4+ ¢ und im u-Kanal k£ = p — ¢ ist.

Damit besteht folgender Zusammenhang zwischen ¥#”(q) und 7" (q):
1

£ (g) = §MTW@ . (3.12)
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---- N(1720)
rrrrrr N(1520)
fffff N(1232)

T T T :
0.0 0.2 0.4 0.6 0.8
g [GeV]

Abbildung 3.2: Lage der Aste der p-Spektralfunktion als Funktion von invarianter
Masse und Impuls.

Dies ist das low density theorem.

Die Tatsache, daf3 in das low density theorem die Vorwirtsstreuamplitude ein-
geht, kann man auf zwei Arten begriinden. Technisch braucht man die bei der
Berechnung der Vorwirtsstreuamplitude auftretende Summe iiber die Nukleo-
nenspins:

> us(p) us(p) =p+mn (3.13)

um den Term g+my aus DY (p) zu reproduzieren. Anschaulich ist das Auftreten
der Vorwértsstreuamplitude dadurch zu begriinden, dafi bei wie einem Selbstener-
giegraphen einlaufende und auflaufende Teilchen im selben Zustand sind.

Man kann das low density theorem fiir die Selbstenergie zu héheren Dichten
verallgemeinern, indem man die Impulsabhéngigkeit des Integranden nicht ver-
nachlissigt, sondern den kompletten Integranden ausintegriert.

Der Zusammenhang zwischen Streuamplitude und Selbstenergie erméglicht
nun eine Verbindung der p N-Streuprozesse in Kernmaterie zu dem im einfiithren-
den Beispiel vorgestellten Szenario einer Selbstenergie mit einem Pol bei einer
charakteristischen Masse M. Auch die p N- Streuamplitude besitzt einen Pol (ei-
gentlich handelt es sich nicht wirklich um einen Pol, da die Resonanz eine endliche
Breite hat). Er liegt an der Stelle, an der die intermediire Resonanz on — shell
ist. Deshalb ist zu erwarten, dal durch die p N-Streuung die p-Spektralfunktion
eine Struktur mit Zweigen an den Stellen bekommt, wo eine Resonanz maximal
angeregt werden kann. Die Lage dieser Aste ist festgelegt durch die Bedingung:

s = (¢g+pn)°
= (qo + mN)2 - q»2
- m

Dabei ist ¢ der Viereimpuls des p-Mesons und py der des Nukleons.



In Abbildung 3.2 ist die ungefihre Lage der Aste von drei der wichtigsten
Resonanzen, dem N*(1520), dem N*(1720) sowie dem A(1232), als Funktion von
invarianter Masse m und Impuls p’' des p-Mesons gezeigt. Es gibt also die Masse
m, die ein p-Meson haben muf}; um zusammen mit einem Nukleon eine Resonanz
anzuregen, als Funktion des Impulses an.

Durch die endliche Zerfallsbreite der Resonanz werden die auftretenden Peaks
ausgeschmiert. Weiterhin ist aufgrund von level repulsion zu erwarten, dafl die
Aste etwas weiter voneinander entfernt liegen.

Bemerkenswert ist, daf mit groBer werdendem Impuls die Aste zu kleinen
invarianten Massen wandern, so dafl man erwarten kann, daf} bei groflen Impulsen
relativ viel Stérke bei raumartigen p-Mesonen zu finden ist.

Im folgenden wird nun ein mikroskopisches Modell entwickelt, mit dessen Hilfe
die genaue Verteilung der Stiirke in den einzelnen Asten berechnet werden kann.



Kapitel 4

Die nichtrelativistische
Reduktion

Um die Wechselwirkung zwischen Rhos, Nukleonen und Resonanzen zu beschrei-
ben, bendtigt man die entsprechende Lagrangefunktion. Diese wird im Allgemei-
nen so gewahlt, dafl sie eine moglichst einfache Form hat, aber invariant un-
ter Lorentz- und Paritdtstransformationen ist. Auflerdem sollte der baryonische
Strom, an den die Vektormesonen koppeln, verschwinden.

In diesem Kapitel werden erst die relativistischen Lagrangefunktionen vorge-
stellt und auf ihre Symmetrieeigenschaften untersucht.

In dieser Arbeit wird mit nichtrelativistischen Fermionfeldern gerechnet, um
die Rechnungen zu vereinfachen. Die relativistische Beschreibung von Spin-3/2-
Teilchen ist sehr aufwendig [Gr, Pe97]. Das Problem, Spin-5/2-Teilchen relati-
vistisch zu behandeln ist noch ungelost. Als weitere Rechtfertigung mag gelten,
daf8 auch andere Gruppen [FP97, RW97] keine relativistische Rechnung présen-
tieren.

In einer relativistischen Theorie werden durch die Felder ¢ und 9! sowohl Teil-
chen als auch Antiteilchen beschrieben. Eine nichtrelativistische Theorie kann
prinzipiell nur Teilchen beinhalten. Im folgenden soll untersucht werden, welche
Ausdriicke sich fiir die Vertexfaktoren und Propagatoren ergeben, wenn in der
Modenentwicklung der fermionischen Feldoperatoren nur die oberen Komponen-
ten beriicksichtigt werden. Es wird also der Ubergang von einer relativistischen
Normalmodenentwicklung

¢(f, 27T3 [ Z a's us —zEteiﬁf+
+bf (k) @s(p) €'P'e %) (4.1)

zu einer nichtrelativistischen Normalmodenentwicklung

dgk —iEt 1
27r3 Z ¢

Sy
8

¥(Z,1) (4.2)
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diskutiert. Dabei ist x; ein Pauli-Spinor.

Nach der Diskussion der relativistischen Lagrangefunktion sollen die Feynman-
Regeln fiir nichtrelativistsche Fermionen diskutiert werden. Dazu miissen sowohl
Vertexfaktoren als auch Propagatoren nichtrelativistisch reduziert werden.

4.1 Symmetrieeigenschaften der Lagrangefunk-
tionen

Die Lagrangefunktion besteht aus zwei Anteilen, einem, der nur die Isospinstruk-
tur der beteiligten Teilchen beinhaltet, und einem fiir den iibrigen Teil der Wech-
selwirkung:

L= Espin 'Cisospin . (43)

Fiir £, findet man je nach Quantenzahl J (Spin) und P (Paritét) der Reso-
nanz (vgl. z.B. [Pe97]):

1R80P /; 14 . —+
L= fZIZ wR 75 ot qu Pv wN + h.c. fir JP = % ,
= fZIZ 1155 75 711 Puv 1/JN + h.c. fir JP = %+ ,
? (4.4)
- fﬁf VYp o™ qu py Yy + hec. fir JP=1" :
- f’rR;’LIZp 1/_); f}/V puu wN + h-C- fﬁr JP = %_

Dabei ist p, ein Feldoperator zur Beschreibung von p-Mesonen und p,, ist in
Analogie zum elektromagnetischen Feld definiert

Puv = Ou Py — Oy Py . (4.5)
o™ ist definiert gemé&R: .
14 ? 14
ot = 3 7", 7] i (4.6)

y* schliellich ist ein Operator zur Beschreibung von Spin-3/2-Teilchen. Er be-
steht aus vier Dirac-Spinoren besteht, einen fiir jede Lorentzkomponente. De-
taillierte Abhandlungen zur relativistischen Beschreibung von Spin-3/2-Teilchen
sind z.B. in [EW, dJ92, Gr] zu finden.

Alle Terme sind offensichtlich Lorentzskalare. Stromerhaltung ist gewéhrleistet
durch Kopplung iiber den Feldstérketensor p,,. Auch die Spin-1/2-Resonanzen
werden hierbei eigentlich iiber p,, angekoppelt:

1 14 14
5 0" P = 0" aqupy (4.7)



Wie in Abschnitt 2.3.1 diskutiert, ist die Kopplung von Vektormesonen an einen
erhaltenden baryonischen Strom nicht zwingend erforderlich, 148t sich jedoch
theoretisch motivieren.

Wiéhrend die Kopplung von Vektormesonen an Spin-1/2-Resonanzen mit der
Forderung nach Stromerhaltung eindeutig ist, gibt es mehrere Moglichkeiten der
Kopplung an Spin-3/2-Resonanzen [Pe97|. In dieser Arbeit wird nur eine Kopp-
lung beriicksichtigt, da sonst die Bestimmung der Kopplungskonstanten aus dem
Zerfall R — N p (vgl. Abschnitt 5) nicht eindeutig ist.

Die Invarianz der Lagrangedichten unter Paritdtstransformationen soll explizit
fiir den Fall J* = %+ gezeigt werden. Dabei ist es zweckméflig, die Betrachtungen
im Ruhesystem der Resonanz durchzufiihren. In diesem gilt % = 0 (vgl. (4.9)).
Sowohl Nukleon als auch Resonanz haben positive Paritét. Damit ist die Wirkung
des Paritéitsoperators auf die jeweiligen Spinoren [PS]:

Py(@) = +17°¢(-7)
Pyi(7) = +19°¢'(-17)
Der Tensor Fj, hat folgendes Verhalten unter Paritéitstransformationen:

+F, , v=1,2,3
Fi,,—>{_Fw Cu=0 . (4.8)

Unter Benutzung der Antikommutatorrelationen fiir y-Matrizen [PS] folgt dann
die Invarianz der Kopplung unter Parititstransformationen.

4.2 Die Vertexfunktion

In diesem Abschnitt soll bestimmt werden, welche Form die relativistischen Ver-
texfunktionen @I'* u in einer nichtrelativistischen Ndherung fiir die Fermionen
annimmt,.

Die Technik der Reduktion soll hierzu an einem relativ komplizierten Beispiel
demonstriert werden, welches die Kopplung an Spin-3/2-Teilchen mit positiver
Paritét beschreibt.

In seinem Ruhesystem wird ein Spin-3/2-Teilchen beschrieben als mit den
entsprechenden Clebsch-Gordan-Koeffizienten gewichtete Summe von Produkten
von Spin-1- und Spin-1/2 Zustéinden, die zu einem Spin-3/2-Zustand gekoppelt
werden [EW]:

_ 1.3 _
o=y (1)\ —s'\—r) el iy
W, 2 2

= 1‘/_)5’ S"I:fg’

Der Spinor ¢# unterliegt auf der Massenschale der Zwangsbedingung Dy PE =0
[Gr, dJ92]. Daraus folgt, dal im Ruhesystem des Teilchens

W =0 (4.9)



gilt und damit S°, = 0ist. S wird auch als Ubergangsoperator zwischen Spin-1/2-
und Spin-3/2-Zusténden bezeichnet, weil er die Clebsch-Gordan Koeffizienten
enthilt, die bei der Kopplung von Spin-1 und Spin-1/2 zu Spin-3/2 benétigt

werden. Sie sind explizit gegeben durch [Pe97, dJ92]:

-J1/2 0 1/2 0
Sy = 0 1/ . Sy=i 0_ 1/ :
1/6 0 \/% 0
’ m ’ m (4.10)
0 0
g = 2/3 0
0 2/3
0 0

In dem Ausdruck fiir die Kopplung treten jetzt nur noch Dirac-Matrizen und
die bekannten Dirac-Spinoren auf. Letztere haben im Impulsraum folgende Form

PS):
wlp) = o (X )

E+m
_ 2E X4
N E+m X?

Die so definierten Dirac-Spinoren sind folgendermafien normiert:

Ur(p) us(p) = 2m oy : (4.11)

Fiir die Dirac-Matrizen wird die Standard-oder Diracdarstellung benutzt [EW,

Die unteren Komponenten x¢ sind fiir Nukleonen durch einen Faktor T’,’I—IL un-
terdriickt. Da die Entwicklung im Ruhesystem der Resonanz stattfindet, ver-
schwindet die untere Komponente des Resonanz-Spinors. Durch die zwischen den
Spinoren stehenden «-Matrizen werden nun die oberen und unteren Komponen-
ten der Dirac-Spinoren der Nukleonen und der Resonanzen miteinander gemischt.
%)0 werden in der Entwicklung mitgenommen.

Beginnt man mit der relativistischen Kopplung von Spin-3/2-Teilchen mit po-
sitiver Paritét (oberster Term in (4.4)), so fithrt dies im einzelnen zu folgenden
Schritten:

Nur die Terme von der Ordnung (

L ~ S (@A,,—@,,Ai)ﬂs:’y57”us

rs’

; (0; A, — 0, Ai) u;r, T e e TP

rs’

Q



Mit den Beziehungen

0 1
o.5.0 _
T ( 1 0 ) )
o5 4 _ Oi 0
T ( 0 o; )
erkennt man, dafl nur die Terme mit v = 1,2, 3 Beitrdge von der Ordnung (%)0

enthalten. Die Terme mit v = 0 sind proportional zu v und mischen obere mit
unteren Spinorkomponenten. Man erhélt also:
L = is’ (8, Aj — 6]- Az) XZ/ O'j Xs

~ XL st, o’ (0 x A)k €ijk Xs

Dabei ist x = x*, die obere Komponente des Dirac-Spinors. Mit Hilfe der Kommutator-
und Antikommutatorrelationen der o-Matrizen 148t sich ie;jp, o’ umschreiben in
[EW]:

ieijk O'j = 5110 — 0; O . (412)

Dadurch zerfallt £ in 2 Terme:

L~ xl Siy (0 x A) xs — xS

g0a (0 x Ay, . (4.13)

Der zweite Term triigt nicht bei, da o®o* ein Projektor auf Spin-1/2-Zustéinde

ist (s. Anhang B), x!, Si,, aber einen Spin-3/2-Zustand beschreibt.

Damit ist die endgiiltige Form der nichtrelativistischen Lagrangedichte, die die

Wechselwirkung Resonanz (J¥ = %+)-Nuk1eon—Rho beschreibt:

L= Trng X}c Sk €ijk Qi Pj X - (4.14)
p

Fiir die anderen Lagrangedichten (4.4) erhilt man in der nichtrelativistischen
Reduktion:

Lint = %JZ‘Q Wl on €ijk Qi Pj U fiir

N[
+

(4.15)

N

= f:;LIZp w}; (Jk Pk 9o — PoTk Qk) w fiir

N[

= %JZE ¢}L-2 (Sk Pk Go — poSk Qk) dJ fiir

Die Isospinanteil der Wechselwirkung wird durch die folgenden Lagrangedichten
beschrieben [Pe97, EW]:

Xpmeppx fir I=

4.16
Xk Tiprx fiir T= (4.16)

N[N [



Dabei ist 7 der Isospin 3/2-1/2-Ubergangsoperator. Er ist formal identisch zum
weiter oben beschriebenen Spinoperator S. 7 sind die Pauli-Matrizen. xg, x und
p sind die Isospinanteile der Wellenfunktionen von Resonanz, Nukleon und Rho.

Es stellt sich heraus, daf} die nichtrelativistische Reduktion die Stromerhal-
tung der Kopplung nicht verletzt. Durch die Ersetzung p, — ¢, verschwinden
nidmlich die Vertexfaktoren (s. Diskussion anldfllich (2.41)). Damit ist sicherge-
stellt, dafl die Rho-Selbstenergie im Medium auch bei einer nichtrelativistischen
Rechnung der Stromerhaltungsbedingung (2.47) geniigt.

Bis jetzt sind nur die Lagrangedichten zur Beschreibung der Wechselwirkung
mit Spin-1/2- oder Spin3/2-Resonanzen angegeben worden. Es gibt aber im be-
trachteten Massenbereich bis 1.9 GeV auch zwei Resonanzen positiver Paritit
mit Spin-5/2, die relativ stark an das Nukleon-Rho System koppeln, das A(1905)
und das N*(1680).

Eine relativistische Beschreibung von Spin-5/2-Teilchen ist nicht bekannt. Als
Kopplungsterm wird hier deshalb der bei [FP97] angegebene benutzt. Dieser hat
die Form:

) _  [frn tp. T
»Cmt = ng ’L/)RR” q; P 1/} (4.17)

Die Grofle R;; ist der Spin-5/ 2-Ubergangsoperator. Er wird in Anhang B ausfiihr-
lich diskutiert. Da er nicht antisymmetrisch in ¢ und j ist, koppeln nur transversal
polarisierte Rhos eichinvariant an so beschriebene Resonanzen an. pJT enthéilt die
transversale Polarisationen des Rho-Polarisationsvektors:
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P = (5]- —3—;) Pr - (4.18)

Man kann sofort nachrechnen, dafi die Kopplung an transversale Rhos unter der
Ersetzung p; — ¢; verschwindet, also stromerhaltend ist (s. Diskussion anléfilich
(2.45)).

Die Kopplungen fiir Resonanzen mit positiver Paritéit sind proportional zu ¢,
dem Dreierimpuls des Rhos. Hingegen sind die Kopplungen der Resonanzen ne-
gativer Paritdt proportional sowohl zu ¢ als auch zu w, der Energie des Rhos. Das
ist fiir die Ergebnisse wichtig, denn es impliziert, da} die Selbstenergiebeitrige
von (P = +1)-Resonanzen im Limes ¢ — 0 verschwinden, die von (P = —1)-
Resonanzen hingegen nicht.

Desweiteren koppeln die Resonanzen mit den Quantenzahlen J” = 3(1)* nur
an transversal polarisierte Rhos, weil der Kopplungsterm proportional zu (¢ X €)
ist. Der Vertex fiir die Kopplung einer Resonanz positiver Paritéit an Rho-Meson
und Nukleon muB proportional sein zu & (bzw. S) (7 X €), wenn man Stromer-
haltung fordert. Die Vertexfunktion muf} ein Skalar sein. Andererseits ist wegen
Paritétserhaltung der Vertex proportional zu ¢. Zur Verfiigung stehen damit die
Vektoren ¢, € und &. Ein Term der Form '€ ist nicht stromerhaltend, so daf} die
Vertexfunktion nur proportional zu & (¢ x €) sein kann.



4.3 Propagatoren

Nachdem jetzt die nichtrelativistische Form der Vertexfunktionen abgeleitet wor-
den ist, mufl noch bestimmt werden, welche Gestalt die Propagatoren annehmen,
so dafl die mit den benutzten Propagatoren und Vertexfunktionen berechneten
Ubergangsmatrixelemente tatséichlich den nichtrelativistschen Grenzfall der mit
den normalen Feynman-Regeln berechneten Matrixelemente darstellen. Gesucht
ist also ein Satz von nichtrelativistischen Feynman-Regeln.

In Kapitel 2.2.3 wurde gezeigt, wie durch Einsetzen der Normalmodenentwick-
lung in die Definition des Feynmanpropagators als zeitgeordnetes Produkt von
Feldoperatoren eine Darstellung im Impulsraum gewonnen werden kann. Dies
soll nun fiir die nichtrelativistische Feldmodenentwicklung wiederholt werden.
Der dabei erhaltene Ausdruck ist gerade der gesuchte nichtrelativistische Feyn-
manpropagator.

4.3.1 Vakuum

Mit der in (4.2) gegebenen Normalmodenentwicklung eines nichtrelativistischen
Feldoperators ergibt sich fiir den nichtrelativistischen Spin-1/2-Propagator:

D(z—y) = —i(T[¥() "))

- 3 &’k Z 1 0(z, ) E (2o—yo)+ip (£—7Y)
- 2n)3 & 2B (k) o YoI Xs xie
d4k ; my e—ik(z—y)

(4.19)

- 27T4ZX5X3E (k) ko — E + ic

S

Dabei ist zu beachten, dafl bei Ausnutzung der Normalmodenentwicklung (4.2)
folgende Antikommutatorrelation zwischen den Erzeugungs- und Vernichtungs-
operatoren a,(k) und af(k) gilt:

{as(k),af(p)} = @m)* 6,0 6k —1) . (4.20)

Dies gewéhrleistet, daf8 fiir das Feld 1(z) und den dazu kanonisch konjugierten
Feldimpuls 7(z) = i'(z) eine “kanonische” Antikommutatorrelation erfiillt ist
[PS]:

{$@ 1), 7 1)} =-i@r)°o(F -7 . (4.21)

Damit gilt:

s Xs Xb my_ my 1
ko — E+ic BE(k)  E(k) ko — E + ic

D(k) = (4.22)

In der statischen Néherung, die zur Ableitung der Vertexfunktionen benutzt wird,
ist my ~ E(k), so dafl der Vorfaktor konsistent mit 1 angendhert werden kann.



Die nichtrelativistischen Propagatoren fiir Spin-3/2 - bzw. Spin-5/2-Teilchen
erhiilt man, indem man die Spinsumme iiber die Spin-1/2-Zustéinde

Z Xs XI (4.23)

durch die entsprechenden Spinsuummen iiber Spin-3/2- oder Spin-5/2-Zustéinde
ersetzt.

4.3.2 Medium

Etwas komplizierter ist die Ableitung des Spin-1/2-Propagators im Medium. Der
In-Medium-Propagator ist definiert als:

DM(y — z) = —i(N | T[v(y) ¢'(2)] | N) (4.24)
Dabei ist | N) der Grundzustand des Mediums:
PFr
|N)y=TI]a'0) . (4.25)
p=0

Nach Einsetzen der Normalmodenentwicklung wird dann D™ (y — z) zu:
Bl d3p e~ ER)Yo+iky o+iE(p)wo—ifE

DMy —a) = —i [SSLE s
(2m) 2 E(k)2 E(p)

3 xs X %

ss'

x {0 — 7o) (N | as(k) aly(p) | N) — Oz — yo) (N | ali(p) as(k) | N)} (4.26)
Durch Einsetzen der relevanten Fourierentwicklung der ©-Funktion kann dies

umgeschrieben werden:

DMy —a) = —i S xexh x (4.27)

(2m)° 2E(k)2E(p) s
x {O(yo — w0) (2m)*6(k = B) 6 = (N | @l (p) as(k) | N)) (4.28)
— O(@o — 9o) (N | ali(p) as(k) | N)}

. / 3k d®p o1 E(k)yo+ik§ o+iB(p)zo—ipE

Unter Ausnutzung von

(N | ali(p) as(k) | N) = (2m)*6(5 — k) 650 ©(pr — k) (4.29)
wird dies zu :
A3k 1 ‘ o
M, _ - —iE(k)(yo—xo)+ik(§—I)
by —=) ! / @n)? 2EB(k)¢ 8

X {O(yo — z,) (1 = O(py — k)) = O(zo — yo)0(py — k)}
_ / k1 ke (4.30)

1 —O(pr — k) O(pr — k)
(ko “E(k) +ic k= E(k) — ie)




Daraus kann man ablesen, dafl die Fouriertransformierte des In-Medium-Propaga-
tors folgende Gestalt hat [EW]:

my 1
E(k) (k —B(k)+i

Zum Abschlufl dieses Kapitels soll noch eine Abschitzung zur Giiltigkeit der
nichtrelativistischen Rechnung gebracht werden:

Die Wechselwirkungslagrangedichte wird fiir zwei Rechnungen gebraucht: zur
Berechnung der Selbstenergie und zur Bestimmung der Kopplungskonstanten
frn, aus dem Zerfall R — N p — Nnm. Die expliziten Rechnungen dazu werden
in Kapitel 5 bzw. Kapitel 6.1 vorgestellt.

Fiir die Berechnung der Zerfallsgraphen im Ruhesystem der Resonanz ist die
nichtrelativistische Reduktion sicherlich eine gute Ndherung solange mgr ~ my +
m,, das produzierte Nukleon also keinen zu hohen Impuls bekommt.

Die zur Selbstenergie des Rho-Mesons beitragenden Feynman-Graphen sind in
Kapitel 3, Abbildung 3.1 gezeigt. Die Berechnung findet im Laborsystem statt.
In diesem ist der Nukleonenimpuls von der Gréflenordnung des Fermi-Impulses.
Der Impuls des p-Mesons und der Resonanz sind dann von der selben Groflen-
ordnung [pr| ~ |p,|. Da in der Entwicklung |pr| = 0 angenommen wird, ist die
nichtrelativistische Naherung hier nur fiir kleine |p,| gut.

DM (k) = -+ 27mi8(k, — E(p)) O(pr — k)) . (4.31)



Kapitel 5

Bestimmung der
Kopplungskonstanten

Die Wechselwirkungslagrangedichten Lgy, liegen nun in einer nichtrelativisti-
schen Ndherung vor. Um die Selbstenergie berechnen zu kénnen, mufi man noch
die Kopplungskonstanten fpy, bestimmen.

Dazu wird der Proze8 R — Np — N7m betrachtet und die Kopplungskonstan-
te so gewéhlt, dafl die in [PDG] fiir den Prozefl angegebenen partiellen Zerfalls-
breiten reproduziert werden. Dabei ist es wichtig, die endliche Breite des Rhos zu
beriicksichtigen, denn diese erlaubt den Zerfall auch solcher Resonanzen in den
N p-Kanal, fiir die mg < my + m,, ist, z.B. den des N*(1520).

Der dem Proze zugrunde liegende Feynmangraph ist:

Der Graph enthilt einen prm-Vertex. Die dazugehorige Lagrangedichte ist [BD]:
L= fpur ((Our') A" + A* (9,7)) (5.1)
Dazu korrespondiert folgender Vertexfaktor F*:

Ft = fp7r7r (p“ _plﬂ) )

wobei p und p’ die Impulse der auslaufenden Pionen sind.
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Die Rechnung soll fiir den Zerfall einer Resonanz mit positiver Paritdt und
Spin 1/2 oder 3/2 besprochen werden. Fiir die iibrigen Resonanzen verlaufen die
Rechnungen analog. Man kann die nichtrelativistisch reduzierten Lagrangedichten
in folgende Form umschreiben:

L= JrNp xte T x ,

p
wobei I'* der Vertexfaktor ist, z.B. I'* = (0, €;;x ¢; S;;°) fiir Spin-3/2-Resonanzen
positiver Paritit. Mit den iiblichen Feynmanregeln erhélt man somit fiir das spin-
gemittelte quadrierte Matrixelement:

1 1 f > dmym
M 7r7r2 — RNp N I'R x
25 +1 ZZ| R 25 +1 Zz<mp> 2S5 +1
Xxh T xg Dy F¥ xET# X, Dy F” (5.2)
2
= Tr(T*T*)D,, Dy, F* F” ;.
(mp 28 +1 ( ) D Dy n

D, ist der Propagator eines massiven Spin-1-Teilchens und v; der Isospinfaktor
des Zerfalls R — Np. S ist der Spin der Resonanz. Der Faktor 4 my mpg riihrt
von der Normierung der Spinoren her. Unter Ausnutzung von (s. Anhang B)

Tr(SpSy*) = Tr(By)
4
.
3 kk )
Tr(okoy) = 20k
erhiilt man fiir Resonanzen postiver Paritit fiir 7r(T* T*):

Tr(CETH) = —y, @ PTH (5.3)

Dabei ist vy entweder 2 oder 4/3 und PT ist der in 2.3.2 eingefiihrte Projektor
auf 3-er transversale Zustinde. Dieses Ergebnis reflektiert die oben erwihnte
Tatsache, dafl Resonanzen positiver Paritdt nur an transversal polarisierte Rhos
koppeln.

Damit wird (5.2) zu:

! |M? 2 DT ! € GBI e e
M = — q’ pton v v
25 +1 Z ; (> —m2)?2 +m2I2,
X [ (01— 12)" (p1 — p2)” (5.4)
et el elr e,
— 72 pT w! B v v
= a) ¢g°F
R T o v

X foer (p1 — P2)* (p1 — p2)”’ (5.5)



mit
o= YrYs f?sz Mn T
2S+1 mz VA

Dabei ist im letzten Schritt das Gleichsetzen von A und A’ nur nach Integration
iiber den Phasenraum richtig. Um dies zu sehen, betrachte man den prm-Vertex:

/ doe X prpr (5.6)

In einer Partialwellenentwicklung ist 62 F* proportional zur Y'* Kugelfliichen-
funktion. Thre Eigenschaften sind z.B. in [Jo] angegeben. Damit ist obiges Inte-
gral aufgrund der Orthogonalitétsrelation der Y™ nur dann von null verschieden,
wenn A = \":

/dQY“TY“’ b (5.7)

Die Breite fiir einen 3-Korper-Zerfall ist gegeben durch:

r 1 / dPpn d*p d’ps
R—N7m (

X
sz 27'(')3 ZEN (27’(’)3 2E7r1 (27’(’)3 2Eﬂ—2
x |M[* (2m)* 6*(pr — v — D1 — P2)

PN, P1, P2 sind die Impulse des Nukleons und der beiden Pionen. Durch Einschub
einer weiteren vierdimensionalen Integration iiber den Impuls des Rhos kann der
Phasenraum so umgeschrieben werden, dafl ein Teil des Phasenraums und ein
Teil des Matrixelements zusammen die Zerfallsbreite des Rhos in zwei Pionen
ergeben. Dies ist moglich, da fiir jedes A das quadrierte Matrixelement in den
Indizes p p' und v v’ faktorisiert, die Zerfallsbreite des Rhos aber nicht von seiner
Polarisation abhéngig ist:

1 d*py d3q A
T — 2 /d A 2 32 .
Fre 2mp / @n)i 2By @) ag, 07 [ dae (27)" 260 X

d’p d’pa
(271')3 2Eﬂ—1 (27’(’)3 2E7r2

><54(pR—pN—q)/ 5 (g — p1 — p2) |IM|?
a -1 d*py dq A
- 2mR2(27r)3;/ Ey /dq°5(p3_pN_q) %

g2 pT € GL’,\
X
(¢ —m2)? + m? T2

pT

2QO|cj':O 1—‘p7r7r

Durch Einsetzen einer Darstellung der Polarisationsvektoren e, [HM] folgt:

el’)e;r}‘ = —sgn(q®) P, . (5.8)



Mit dieser Relation kann die Summe iiber A leicht ausgefiihrt werden:
3
Z pTrw ¢ A ’rA _ ZPTNM' J 22

3
= Y Tr(P"Py)
A=1

= ZTT’(P)\)
= 2_

Die Substitution ¢> = m? + ¢* und das Ausfithren der é-Funktion liefern dann
zusammen mit obiger Summe als Resultat fiir die Breite:

m—mpy

m?T
r mim) = /dm— 3 il
R—N ( ) QmR 71-2 |q_1 ( ) +m2 Fimr
- 9 YIrYJg fp X
2S+1 \m,m
m—mn 3 2F
X dm TN 5 q°m = —
o mgr (m? — ) +m2l2 .
v [ T m
o M1 (Jo /d TN\ mAm?) F(@@) (5.
L (L)L g mAG?) @) 69)

' )rr ist entsprechend (2.54) gewihlt. Im letzten Schritt wurde in Anlehnung
an [FP97] zusitzlich ein Monopol-Formfaktor F(g?) eingefiigt:

2

q A .
F(q%) = N mit A = 1.5GeV . (5.10)

Da der cutoff sehr grof} ist, beeinflufit dieser Formfaktor die Ergebnisse kaum. Er
ist bei groflen invariaten Massen der Resonanz wichtig, aber nicht zur Bestim-
mung der Kopplungskonstanten aus der Zerfallsbreite.

Fiir Resonanzen mit negativer Paritéit erhélt man ein ganz dhnliches Ergebnis:

FR—)Nmr(m) =3 17 (fp) — X

25 +1 T
/m—%mm+—m»mu>Mﬁ (5.11)

Die Ergebnisse zeigen das von (4.15) zu erwartende dynamische Verhalten: Fiir
Resonanzen positiver Paritiit ist die Breite proportional zu |g]®, wihrend fiir



Resonanzen negativer Paritit das Ergebnis sowohl Terme proportional zu g2 ||
als auch solche proportional zu |7]® enthilt. Ein Faktor |¢] stammt dabei aus der
Integration iiber den Phasenraum.

Das Nukleon hat positive Paritédt, das Rho negative, so dafl beim Zerfall einer
Resonanz mit positiver (negativer) Paritéit wegen Paritdtserhaltung Nukleon und
Rho einen geraden (ungeraden) relativen Bahndrehimpuls haben. Man spricht
auch von p-Wellen-(s-Wellen)-Resonanzen.

Man sieht, dafl die Zerfallsbreite proportional zur Spektralfunktion ist. Tatséch-
lich kann man die Resonanzbreite auch berechnen, indem man den Zerfall R —
N p betrachtet, wobei die Masse des Rhos nun variabel ist und das Ergebnis mit
der normierten Massenverteilung des Rhos gewichtet wird:

1 d*py d®p
o) = g |
ronmn(m) = 5o A | Gk @rp2E
X |Mposn,* 2m) A(m®) 6*(pr —pn —p) - (5.12)

Die Information iiber die Wechselwirkung des Rhos mit den Pionen ist in der
Spektralfunktion des Rhos enthalten. Diese Form des Ergebnisses ist nicht von
der speziellen Form der Spektralfunktion abhingig. Daher ist dieser Ansatz zur
Berechnung der Resonanzbreiten leicht auf Félle zu verallgemeinern, in denen das
Rho vielfiltige Reaktionen eingeht.

Da die Resonanzen eine endliche Breite haben, existiert auch fiir sie eine Spek-
tralfunktion. Es stellt sich deshalb die Frage, ob zur Bestimmung der Kopplungs-
konstanten nicht auch iiber die Masse der Resonanz gemittelt werden muf}. Dies
hingt davon ab, wie die experimentell gefundenden Werte fiir die Zerfallsbreiten
extrahiert worden sind. In der Analyse von z.B. [Ma92], auf der viele der in [PDG]
angegebenen und in dieser Arbeit verwendeten Resonanzeigenschaften beruhen,
ist die Breite der Resonanz auf der Resonanzmasse an die experimentellen Da-
ten angepaflt worden. Deshalb ist eine Mittelung iiber die Spektralfunktion der
Resonanz nicht notig.

Zum Schluf} sollen die Isospinfaktoren v; bestimmt werden. Weil die starke
Wechselwirkung invariant unter Isospintransformationen ist, reicht es aus, sowohl
fiir Isospin-1/2- als auch fiir Isopin-3/2-Resonanzen jeweils nur einen Zerfallspro-
zel zu betrachten.

Isospin 1/2: R — pp, + np,.

Mit der oben gegebenen Kopplung (4.16) ergibt sich unter Benutzung von
0ipi = V2(04 p- +0_py) + 03 po:

o= (\/§XE— o4 X—)2+ <X103 X+)
241=3

2

Dabei ist z.B. die Wirkung von p_ die Erzeugung eines negativ geladenen bzw. die
Vernichtung eines positiv geladenen Rhos. Weil die beiden Zerfallsprozesse un-
terscheidbare Ereignisse sind, ist die Gesamtwahrscheinlichkeit gleich der Summe



der Einzelwahrscheinlichkeiten. y_ und x, sind die Wellenfunktion eines Teilchen
mit Isopin | bzw. 1.
Genauso erhilt man fiir Isospin 3/2: R — pp,.

Tro= (XI Ss+3/2 X+)2

= <— XL X+)2
=1

Die Werte fiir die mit Hilfe von (5.11,5.9) berechneten Kopplungskonstanten
sind in Tabelle 3 angegeben. Die trotz seiner relativ kleinen Partialbreite T',
grofle Kopplungskonstante fiir das N*(1520) wird durch den kleinen Phasenraum
fiir die Zerfallsprodukte erklart. Man kann am Beispiel dieser Resonanz auch klar
erkennen, daf} die Beriicksichtigung der endlichen Breite des Rhos wichtig ist. In
einem Modell, welches das Rho als stabilen Endzustand mit der Masse m, = 768
MeV behandelt, kénnte es keine Kopplung des N*(1520) an den N p-Kanal geben.
Das A(1232) hat keine mefibare Zerfallsbreite in den N p-Kanal. Deshalb kann
die Kopplungskonstante nicht mit (5.9) berechnet werden. Stattdessen wird der
Wert von [RW97] genommen. Auch die NN p-Kopplunskonstanten stammen aus
dieser Quelle.



Kapitel 6

Die p-Spektralfunktion in
Kernmaterie

Die theoretischen Grundlagen zur Berechnung der p-Selbstenergie und damit der
p-Spektralfunkion in Kernmaterie sind nun gelegt. Mit den in Kapitel 4 abgelei-
teten Vertexfaktoren und Propagatoren kann auf Basis des low density theorem’s
die Selbstenergie und damit der Propagator des Rho-Mesons bestimmt werden.
Nach Diskussion der Ergebnisse wird dann kurz die Normierung der Spektral-
funktion behandelt, bevor ein Verfahren vorgestellt wird, das den Einflufl von
Wechselwirkungen eines p-Mesons mit mehreren Nukleonen beschreibt.

6.1 Die p N-Selbstenergie

In diesem Abschnitt werden die Ergebnisse einer nichtrelativistischen Berechnung
der pN-Selbstenergie prisentiert. Die Berechnung beruht auf dem in Kapitel 3
motivierten low density-Theorem. Zur pN-Streuung tragen in niedrigster Ord-
nung Storungstheorie zwei Graphen bei: Die Berechnung dieser Graphen ist mit

Ss P P_=*
» " TW >
\\\ /7 \\*\ 4”’
\‘P p L2
W R ,I’ g’r’ \\\\\
» ’
R
N N
N N

Abbildung 6.1: s-Kanal- und u-Kanal-Beitrag zur pN Streuamplitude.
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Hilfe der in Abschnitt 4 abgeleiteten nichtrelativistischen Vertexfaktoren und Pro-
pagatoren relativ leicht moglich. Integriert man die in Kapitel 3 im Limes p — 0
abgeleitete Form der Selbstenergie iiber die Fermi-Bewegung der Nukleonen, so
erhélt man fiir den Beitrag der s-Kanal-Graphen:

Y (w,q) = Tr{l*I} X x

X/ d’p Or— | 7))
(2m)3 w+ En(P) — Er(P+q)

(6.1)

und fiir u-Kanal-Graphen:
Y (w,q) = Tr{l*I"} X x

y d*p O(pr— | P|)
[ o5 oiint) - - ©?

Die Berechnung von T'r {I'* IV} wurde schon in Kapitel 5 diskutiert. ¥; ist ein Iso-
spinfaktor. Fiir Isopin-1/2-Resonanzen ist ¥; = 2 und fiir Isopin-3/2-Resonanzen
ist ¥; = 4/3. Die Berechnung von X; verlduft analog zur der in Kapitel 5 zur
Bestimmung der Isospinfaktoren fiir den Resonanzzerfall durchgefiihrten. Die Im-
pulsintegration bereitet keine Probleme, weil die #-Funktion das Integral beim
Fermi-Impuls abschneidet. Die Energie des Nukleons ist gegeben durch:

Ey(p) = \/m% + p?

und die der Resonanz durch

—
Egr(p) = \/my + p? — 3 Ir

I'r wird eingefiihrt, um die endliche Breite der Resonanz zu beschreiben. Das Mi-
nuszeichen im Imaginérteil ist notig, um Kausalitit zu gewéhrleisten: Im Dy < 0.
Eigentlich ist I'g die Summe aller Partialbreiten der Resonanz. In dieser Rechnung
wird sie parametrisiert durch zwei Zerfallskanile, den N p-Kanal und den N 7-
Kanal. Die Parametrisierung ist so gewihlt, da} die partielle N p-Zerfallsbreite
gemaf[PDG] richtig wiedergegeben wird. Alle anderen Zerfallskanile werden dann
in den N 7w-Zerfallskanal parametrisiert:

r.=r +Tn, : (6.3)

R =~ T R—Nrmw

Die Massenabhéngigkeit von I'
wird aus der Parametrisierung

20+1 2 2 2041
FR—)NW =T, (q(m)) (7' i qr) . (6.4)

" r?+¢°

, wird anhand von (5.11,5.9) berechnet. T,

R—N

bestimmt. Dabei ist ¢ der relative Bahndrehimpuls im Pion-Nukleon-System.
g(m) und ¢, sind die Impulse des Pions im Ruhesystem der Resonanz, einmal



fiir den Fall, da} die Resonanz auf der Massenschale ist, zum anderen fiir den
Fall, dafl die Resonanz die Masse m # mpg hat. Die Parametrisierung der Zer-
fallsbreite (6.4) verhindert, dafl der N w-Kanal fiir grole invariante Massen der
Resonanz zu grofle Werte annimmt. Dabei wurde r = 0.5 gewihlt. Fiir invari-
ante Massen oberhalb der Resonanzmasse kann ['g trotzdem sehr grofie Werte
annehmen. Dies wird vor allem durch das starke Anwachsen der Zerfallsbreite im
N p-Kanal verursacht. Um unphysikalische Breiten zu vermeiden, wird die totale
Zerfallsbreite I'g bei 1 GeV abgeschnitten.

Nach Auswertung der Vertexfunktionen erhélt man folgende Resultate fiir Re-
sonanzen positiver und negativer Paritét (vgl. p-Wellen-Resonanzen mit [FP97]).
JT-Resonanzen:

2
S (10, 7) = — (f"i) 5, 518 P B(w, ) (6.5)

mp

J -Resonanzen:

2
2 (w,q) = — (f;N”) S5 (¢ PP + ¢ PT") Blw,q) . (6.6)
P
Dabei ist
Bw,q7) =
7F dp ( 1 ) 1 ) (6.7)
s 2m)? \@o+Ey(0) - E,(P+7) —t+Ey/P)-E,(F—-7q))

Wie aus (4.15) zu erwarten, tragen die p-Wellen-Resonanzen nur zu %7 bei. Dies
héngt daran, daf die Kopplung proportional zu (§'X €) ist. Die s-Wellen-Resonan-
zen tragen hingegen sowohl zu X7 als auch zu 2% bei. Man sieht auBerdem, daf im
Limes ¢ = 0, in dem keine ausgezeichnete Richtung mehr existiert, die longi-
tudinale und transversale Selbstenergie gleich sind. Der Beitrag von p-Wellen-
Resonanzen verschwindet, wihrend die Beitriige der s-Wellen-Resonanzen zu X7
und zu X% proportional zu ¢? sind.

In Abbildung 6.2 ist der Beitrag zur p-Selbstenergie zu sehen, der aus der
Kopplung an das N*(1520) resultiert. Die Rechnungen sind fiir den Fall § = 0
gezeigt.

Man erkennt das typische Verhalten einer Streuamplitude: den Nulldurchgang
im Realteil auf der Resonanzmasse m = mp — my sowie den Peak im Ima-
ginérteil an derselben Stelle. Im Bereich der physikalischen p-Masse (durch die
vertikale Linie gekennzeichnet) ist der Realteil der Selbstenergie schwach po-
sitiv. Entsprechend ist das Potential, welches durch die pN-Streuung erzeugt
wird, repulsiv fiir das p-Meson, und es ist zu erwarten, dafl der p-Peak zu etwas
héheren Massen verschoben wird. Dies steht im Einklang mit der in Kapitel 2.1



03 T T T T T T T T T T T T
i ——-ReZ
_ 02| J«’ \‘ ,,,,,,,,,, imsT
>
[}
9
- a 0,1
g
W
E
~ 0,0
(0]
&
0,1
1 1 " 1 " 1 " 1 " 1
0,0 0,2 0,4 0,6 0,8 1,0 1.2
m [GeV]
: e N*(1520) .
Abbildung 6.2: Real-und Imaginérteil von ¥,y fiir transversale p-Mesonen.

Man erkennt, dafl die Selbstenergie die selbe Form wie eine Streuamplitude hat.
Die vertikale Linie ist auf der Héhe der physikalischen p-Masse eingezeichnet.

diskutierten level repulsion. Um kurzreichweitige Wechselwirkungen zwischen Re-
sonanzen und Nukleonen effektiv zu beschreiben, fiihrt man Migdal-Parameter
ein ([RW97, BB75]). Allerdings liegt ein theoretisches Modell zur Beschreibung
der daraus resultierenden Modifikation der Selbstenergiebeitréige der Resonanzen
nur fiir p-Wellen-Resonanzen vor. Die renormierte Selbstenergie hat fiir solche
Resonanzen die Form:

(6.8)

¢' ist der Migdal-Parameter. VerldBliche Werte fiir ¢’ gibt es nur fiir das A(1232),
fiir die anderen Resonanzen ist ¢’ hingegen unbekannt. In dieser Arbeit wird
nur die durch Anregung eines A(1232) erzeugte Selbstenergie renormiert. Fiir ¢’
wird dabei wie in [RW97] ein Wert von 0.5 gewihlt . Die restlichen p-Wellen-
Resonanzen werden nicht renormiert.

6.2 Die p-Spektralfunktion bei kleinen Dichten

Es sollen nun die Ergebnisse fiir die p-Spektralfunktion, die auf einer Berechnung
der p-Selbstenergie mittels des low density theorem beruhen, présentiert werden.
Die Spektralfunktion ist gegeben durch:

AT — -1 Im>(qo, )
T (p? —m? — ReX(qo, 7)) + ImX(go, ¢))?

(6.9)



wobei X = %, + XT). Dazu sei als erstes der Effekt des N*(1520) betrachtet.
Falls nur diese Resonanz beriicksichtigt wird, ergibt sich die in Abbildung 6.3 fiir
7 = 0 gezeigte Spektralfunktion.
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Abbildung 6.3: Spektralfunktion des p, wenn nur die Kopplung an das N*(1520)
beriicksichtigt wird. Gezeigt ist die Spektralfunktion bei ¢ = 0. Die vertikalen
Linien entsprechen der Position der Peaks ohne level repulsion.

Vergleicht man die Spektralfunktion mit der Vakuumspektralfunktion des p-
Mesons (Abbildung 2.2), so sieht man deutlich eine neue Struktur bei kleineren
invarianten Massen. Die Spektralfunktion hat nun zwei Peaks, einer entspricht
dem p-Meson und der andere einem Resonanz-Loch-Zustand. Wie in Kapitel 3
ausgefiihrt, ist dieser neue Peak zu erwarten, weil die Selbstenergie einen Pol
hat. Die gestrichelten Linien in Abbildung 6.3 geben die Position der Peaks fiir
verschwindende Stérke der Kopplung an. Bei endlicher Kopplungskonstante sind
die Peaks weiter voneinander entfernt als im freien Fall, was die level repulsion
illustriert. In Abbildung6.2 ist zu erkennen, dal das p-Meson durch die Kopplung
an das N*(1520) ein repulsives Potential erfihrt. Dies spiegelt sich in dem zu
grofleren invarianten Massen hin verschobenen p-Peak wieder. Ware die Masse
der Resonanz grofer als mg = my + m,, so wire der Realteil der resultierenden
Selbstenergie auf der p-Masse kleiner als Null und folglich wiirde das p-Meson ein
attraktives Potential erfahren. Der p-Peak wire dann zu kleineren invarianten
Massen hin verschoben. Man sieht also, wie sich die level repulsion fiir den Fall
der hier diskutierten p N-Streuprozesse erkliaren 1aft.

Es soll nun die Impulsabhéngigkeit von longitudinaler und transversaler Spek-
tralfunktion anhand des Beitrags des N*(1520) diskutiert werden. Die wesentli-
chen Merkmale lassen sich gut mit Hilfe der in (4.15) angegebenen Kopplungen
erklaren. Das N*(1520) koppelt sowohl an longitudinale als auch an transversale



p-Mesonen. Die Kopplung an transversale Rhos ist proportional zu ¢2, die an lon-
gitudinale Rhos zu ¢%. Vergleicht man dies mit Abbildung 3.2, so ist zu vermuten,
dafl die longitudinale Spektralfunktion des p im zeitartigen Bereich bei grofien
Impulsen im wesentlichen wieder ihre Vakuumsstruktur annimmt, weil die Selbst-
energiebeitrige entlang der Anregungskurve des N*(1520) bei groen Impulsen
verschwinden. Hingegen gibt es keinen Grund zu der Annahme, dafl dies auch fiir
die transversale Spektralfunktion der Fall ist. Die selbe Argumentation gilt fiir
alle anderen Resonanzen negativer Paritdt. Aufgrund der Impulsabhéngigkeit der
Kopplungen erwartet man also, dafl bei Mitnahme aller s-Wellen-Resonanzen bei
hohen Impulsen kaum ein Unterschied in der Struktur von longitudinaler Spek-
tralfunktion und Vakuumspektralfunktion besteht. Es sollte nur noch ein Peak bei
m = m, zu sehen sein, der allerdings im Vergleich zur Vakuumspektralfunktion
etwas reduziert ist. Es gibt ja weiterhin Selbstenergiebeitrige durch Anregung der
Resonanzen, die jedoch nun im raumartigen Bereich liegen. Dadurch wird Stérke
in den raumartigen Bereich gezogen und der p-Peak ist weniger prononciert als
im Vakuum. Die transversale Spektralfunktion sollte auch bei hohen Impulsen
deutliche Modifikationen im zeitartigen Bereich aufzeigen. Wie in Abbildung 6.4
gezeigt, ist dies auch der Fall.

Neben der unterschiedlichen Impulsabhéngigkeit von transversaler und longi-
tudinaler Spektralfunktion fillt auf, daff man nur Strukturen, die vom N*(1520)
herriihren, erkennen kann. Diese scheint also die wichtigste s-Wellen-Resonanz zu
sein. Der Grund dafiir ist folgender: Der von der N*(1520) stammende Peak liegt
aufgrund von level repulsion bei einer invarianten Masse, bei der das p N-System
die Resonanz nicht auf ihrer Ruhemasse, sondern auf kleineren Massen anregt.
Bei diesen Massen ist der Vakuumselbstenergiebeitrag durch den Zerfall des p in
zwei Pionen noch recht gering. Auflerdem ist die Breite der Resonanz kleiner als
ihre Vakuumbreite. Dadurch entsteht ein relativ scharfer Peak.

Regt man hingegen hoher liegende Resonanzen an, so gewinnt der Zerfallska-
nal p — nm an Bedeutung. Deswegen sind die auftretenden Strukturen so ver-
schmiert, dafl sie vom breiten p-Peak kaum mehr unterschieden werden kénnen.

Wir kommen nun zur Diskussion des Einflusses, den die Anregung von Re-
sonanzen positiver Paritit auf die Spektralfunktion hat. Resonanzen positiver
Paritéit koppeln nur an transversale p-Mesonen. Die Kopplungsstirke ist pro-
portional zum Impuls des p. Deshalb beeinflussen sie die p-Spektralfunktion bei
kleinen Impulsen kaum, sondern werden erst bei héheren Impulsen wichtig. In
Abbildung 6.6 ist die Spektralfunktion gezeigt, die sich ergibt, wenn man nur
p-Wellen-Resonanzen beriicksichtigt. Man sollte erwarten, dafi das A(1232) auf-
grund seiner geringen Masse die wichtigste Resonanz ist. Wie aber in Abbildung
3.2 zu sehen ist, lduft die Anregungskurve des A(1232) schon fiir relativ kleine
Impulse des p-Mesons in den raumartigen Bereich, der auf den Bildern nicht zu
sehen ist. Deswegen ist das A(1232) im zeitartigen Bereich nicht sehr wichtig,
aber fiir grofere Impulse zieht es relativ viel Stiarke in den raumartigen Bereich.
Dieses Verhalten ist in Abbildung 6.5 gezeigt. Dort ist die Spektralfunktion als
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Abbildung 6.4: Vergleich der Impulsabhéngigkeit von transversaler und longitu-
dinaler Spektralfunktion. Nur s-Wellen-Resonanzen werden beriicksichtigt. Oben

ist AL abgebildet, unten A7,



Funktion der Energie des p-Mesons ¢, und nicht als Funktion der invarianten
Masse m gezeigt. Dabei werden nur p-Wellen-Resonanzen beriicksichtigt. Erwar-
tungsgeméif verschwindet bei ¢ = 0 der Einflufl der Resonanzen und bei groflen
Impulsen dominiert das A(1232). Wie weiter vorne erwihnt, wurde dabei in der
Rechnung nur das A(1232) durch einen Migdal-Parameter renormalisiert, nicht
hingegen die anderen Resonanzen.
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Abbildung 6.5: Transversale Spektralfunktion A7 des p-Mesons, wenn nur Reso-
nanzen positiver Paritit beriicksichtigt werden. Es sind Schnitte bei verschiede-
nen Implsen des p-Mesons gezeigt. Fiir groffle Impulse erkennt man deutlich den
starken Einflufl des A(1232) im raumartigen Bereich.

In Abbildung 6.6 erkennt man im wesentlichen drei Strukturen: eine vom p
herriihrende, bei sehr kleinen invarianten Massen das A(1232) und einen Ast, der
anfangs nahe beim p-Ast liegt und dann spéter zu kleinen Massen hin lduft. Die-
ser Ast ist dem N*(1720) zuzuordnen. Es war diese Resonanz und das A(1905),
welche von [FP97] betrachtet wurden, um eine mogliche Impulsabhéngigkeit der
Spektralfunktion zu untersuchen. Wie man allerdings in den spéteren Bildern
sehen wird, ist der Einflul der beiden Resonanzen bei Beriicksichtigung von s-
Kanal-Resonanzen zu vernachliissigen (vgl. Abbildung 6.8). Wieder wurde in den
Rechnungen nur der Beitrag des A(1232) durch einen Migdal-Parameter renor-
miert.

In Abbildung 6.7 ist die Spektralfunktion fiir den Fall gezeigt, dafl alle p-
Wellen-Resonanzen durch einen Migdal-Parameter renormiert werden. Der Migdal-
Parameter ¢’ wurde dazu fiir alle Resonanzen auf einen Wert von ¢’ = 0.5 gesetzt.
Man sieht, daf sich qualitativ an den Strukturen nichts dndert, allerdings ist der
dem N*(1720) zuzuordnende Ast erwartungsgemifl etwas unterdriickt

In Abbildung 6.8 ist AZ fiir den Fall gezeigt, dafl alle Resonanzen beriicksich-
tigt werden. Die auftretenden Strukturen sind relativ einfach zu identifizieren.
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Abbildung 6.6: Spektralfunktion des p-Mesons, wenn nur Resonanzen positiver
Paritit beriicksichtigt werden. Bei dieser Rechnung wurde nur das A(1232) durch
einen Migdal-Parameter renormiert.
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Abbildung 6.7: Wie Abbildung 6.6, diesmal aber mit einer von kurzreichweitigen
Korrelationen renormierten Selbstenergie.

Man erkennt einen Peak, der dem freien p-Meson entspricht und zu kleineren
invarianten Massen hin einen zweiten, der durch die Anregung des N*(1520) ent-
steht. Der Einflufl der p-Wellen-Resonanzen auf AZ ist stark reduziert. Nur der
Effekt des A(1232) ist bei kleinen invarianten Massen ansatzweise sichtbar.

Zu A,f tragen nur s-Wellen-Resonanzen bei. Ihre Struktur wurde schon in Ab-
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Abbildung 6.8: Transversale Spektralfunktion des p-Mesons mit allen Resonan-

zen.
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Abbildung 6.9: Einflufl schwerer Resonanzen auf die p-Spektralfunktion. Zu sehen
ist A7 bei ¢ = 0.

bildung 6.4 diskutiert.
Zusammenfassend kann man sagen, dafl in der low density approrimation so-

wohl Aﬁ als auch AZ von den s-Wellen-Resonanzen dominiert werden. Die wich-
tigste s-Wellen-Resonanz ist auch die leichteste, ndmlich das N*(1520). Dies ist
im Wesentlichen ein kinematischer Effekt, der darauf beruht, daf} sie bei invari-



anten Massen des p-Mesons angeregt wird, bei denen der Zerfall des Rhos in zwei
Pionen noch keine grofle Rolle spielt. Dadurch ist automatisch mehr Starke bei
kleinen invarianten Massen des Rhos zu finden. Dies ist jedoch kein Artefakt der
Tatsache, dafl in den Rechnungen keine schwereren Resonanzen beriicksichtigt
wurden.

Zur Illustration ist in Abbildung 6.9 das Ergebnis fiir eine Spektralfunktion
gezeigt, in der neben der N*(1520) noch eine (nicht existierende) Resonanz der
Masse mg = 1.9 GeV mitgenommen wird, welche die gleichen Quantenzahlen wie
das N*(1520) hat. Dieser Resonanz wurde eine Zerfallsbreite von I'p = I'y, = 300
MeV gegeben, also ein ziemlich grofler Wert. Damit soll fiir einen starken Effekt
gesorgt werden. Selbst wenn man, um eine obere Abschéitzung des moglichen
Einflufles schwerer Resonanzen zu erhalten, drei dieser Resonanzen mitnimmt,
ist kaum ein Einflul auf die Spektralfunktion erkennbar. Der Grund ist, dafl bei
groflen invarianten Massen die Zerfallsbreite I',r; domininant ist. Dadurch wird
zum einen jegliche Peakstruktur ausgeschmiert, zum anderen wird der Zahler der
Spektralfunktion von I' ;. als starkem Untergrund gepréigt.

Eine Konsequenz dieses Verhaltens ist, dafl die Spektralfunktion nur bedingt
sensitiv auf die p N-Streuamplitude ist. Zur Illustration ist in Abbildung 6.10 der
Realteil der p N-Vorwirtsstreuamplitude fiir m = m,, als Funktion des p-Impulses
gezeigt. Dabei wurde nur die Kopplung transversaler p-Mesonen beriicksichtigt.
Die drei Kurven entsprechen denen von Abbildung 6.9. Man sieht, dafl die Re-
alteile der Streuamplitude sich stark voneinander unterscheiden, wéihrend die
dazugehorigen Spektralfunktionen fast identisch sind.

Als Ergebnis der hier vorgestellten Berechnung von A* und A*' in der low den-
sity approximation kann man festhalten, dafl das p-Meson durch die Anregung
der resonance hole loops nicht mehr als Teilchen bestimmter Masse und Breite
zu interpretieren ist. Es ist deshalb eher angemessen zu sagen, dafl das Rho mit
gewissen Wahrscheinlichkeiten in den einzelnen aus der p N-Streuung resultie-
renden Asten lebt. Da gezeigt wurde, daf der EinfluB schwerer Resonanzen im
Vergleich zum dem leichter relativ gering ist, fiihren die hier diskutierten p N-
Streuprozesse zu einer transversalen Spektralfunktion, bei der wesentlich mehr
Stéarke bei geringen invarianten Massen des Rhos zu finden ist als im Vakuumfall.
Nur ein longitudinal polarisiertes p-Meson hat bei hohen Impulsen im zeitartigen
Bereich wieder eine Struktur, die sich durch Masse und Breite charakterisieren
148t. Seine In-Medium-FEigenschaften unterscheiden sich bei hohen Impulsen nicht
sehr von seinen Vakuumeigenschaften. Allerdings ist sowohl fiir AT als auch fiir
AL recht viel Stirke im raumartigen Bereich.

6.3 Vergleich mit Experimenten

Im vorangehenden Abschnitt wurde argumentiert, dal die Spektralfunktion des
p-Mesons nur bedingt sensitiv auf die p N-Vorwértsstreuamplitude ist. Trotzdem
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Abbildung 6.10: Einflufl schwerer Resonanzen auf die p N-Vorwirtsstreuamplitu-
de T, n.Zu sehen ist T, 5 bei m = m, als Funktion des Impulses des p-Mesons.
Man erkennt den deutlichen Einfluf} der schwereren Resonanzen auf die Strenam-
plitude.

ist es natiirlich interessant zu iiberpriifen, inwieweit das hier verwandte Modell
fiir diese Amplitude konsistent mit experimentellen Daten ist.

In [Fr98] wurde von Friman vorgeschlagen, mit Hilfe der Reaktion 7~ p — p°n
experimentelle Einschinkungen fiir den Imaginérteil der p N-Vorwértsstreuam-
plitude 7}, 5 zu finden. Die Argumentation lauft dabei wie folgt: Uber das optische
Theorem ist der Imaginérteil der p N-Vorwirtsstreuamplitude verkniipft mit dem
totalen p N-Wirkungsquerschnitt:

m m, 1
o,n = ImT, v % P (6.10)
k, ist der Impuls des einlaufenden p-Mesons im Schwerpunktsystem. Diese Am-
plitude ist proportional zum Propagator der angeregten Resonanz:

ImT,y = FoyTw [DRI> (6.11)

wobei F), ; der Vertexfaktor am R N p-Vertex ist. I';,; bezeichnet die totale Breite
der Resonanz. Ersetzt man nun im Zahler des Imaginirteils des Propagators
der angeregten Resonanz deren totale Breite durch die in den interessierenden
Zerfallskanal (in diesem Falle den 7~ p-Kanal), multipliziert den so erhaltenen
Ausdruck weiterhin mit dem Isospinkoeffizienten fiir den Zerfall R — p°n, so
ergibt sich folgender Ausdruck:

ImT;:,_np = Fp20n FR—)W_p |DR|2 . (612)



Uber das optische Theorem ist er proportional zum Wirkungsquerschnitt der
Reaktion p®n — 7 p ist. Fiir diese existieren allerdings keine experimentellen
Daten. Man kann jedoch mit Hilfe von detailed balance aus T, P den Wirkungs-
querschnitt fiir die Reaktion 7~ p — p° n ausrechnen:

3 kﬁ Oponsm—p = K2 On-pspon . (6.13)

Dabei ist &k, der Impuls des Pions im Schwerpunktsystem. Beriicksichtigt man
nun noch die endliche Breite des p-Mesons, so erhilt man fiir den totalen Wir-
kungsquerschnitt der Reaktion 7~ p — p°n folgenden Ausdruck:

Vs—mp

- n 3k
On—p—pon = dm’ Ay(m) ImT}, n Do My 2%

P (6.14)
2May
T7 P kann geméf
Tp __ 2
TP =a+bk; (6.15)

entwickelt werden, wobei k, der Impuls ist, den ein p-Meson der Masse m bei
vorgegebenem /s hat. /s ist die invariante Masse von einlaufendem Pion und
Nukleon. W#hlt man /s = my + m,, so ist a gerade gleich der Streulénge,
definiert als [Fr98]:

my

a 47r(mn+mp) (w mpaq ) ( )

In seiner Analyse fittet Friman die Parameter a und b an experimentelle Daten
von [Br71]. Fiir den Imaginérteil von « findet er dabei einen Wert von

Ima = 0.022 fm . (6.17)

Er argumentiert dann, dafi dieser Wert fiir den Imaginérteil der Streuléinge eine
obere Grenze darstellt und von einem Modell fiir 77 P nicht iibertroffen werden
darf. Mit dem in dieser Arbeit verwandten Modell findet man fiir Ima = 0.094
fm, also einen fast fiinf Mal so groflen Wert.

Dies bedeutet allerdings keineswegs, dafl das hier verwandte Modell fiir die
p N-Vorwirtsstreuamplitude falsch ist. Problematisch ist vielmehr die in [Br71]
vorgenommene Extraktion des Wirkungsquerschnitts 7= p — p®n aus den expe-
rimentell gemessenen 7~ p — 7 7~ n-Daten. Die dazu verwandten invarianten
Massenspektren von 7t7~-Paaren zeigen niimlich erst bei Energien im Bereich
von /s ~ 1.8 GeV einen deutlichen Peak bei der Masse des p-Mesons, wéihrend
solche Strukturen bei /s = my + m, ~ 1.7 GeV noch nicht sichtbar sind.
Deshalb ist in der Analyse von [Br71] eine sinnvolle Extraktion des 7~ p — p° n-
Wirkungsquerschnitts fiir 1/s < 1.8 GeV nicht méglich.

In Abbildung 6.11 ist der aus [Br71] extrahierte Wirkungsquerschnitt 7= p —
p°n gezeigt. In der gleichen Abbildung ist auch die Vorhersage eines einfachen



Breit-Wigner-Modells mit den hier verwandten Resonanzparametern zu sehen.
Dabei ist der Beitrag einer Resonanz zum Wirkungsquerschnitt gegeben durch:

_ 4_71' s (25 + 1) FRﬂw—p I_\Rﬁpon
2 2 (s —m%)* + sTiy

(6.18)

OR

pr ist der Impuls des einlaufenden Pions im Schwerpunktsystem, s die invariante
Masse von Pion und Nuklon, S ist der Spin der Resonanz und mpg ihre Masse.
I';o¢ steht fiir die totale Breite der Resonanz und I'p_,;-, sowie I'g_, 0, stehen
fiir die Partialbreiten der Resonanz in den Eingangs- und den Ausgangskanal.

Die Ubereinstimmung des Breit-Wigner-Modells mit den Daten ist relativ
schlecht. Bei grofien /s ist dies darauf zuriickzufiihren, daf der Einfluff von Reso-
nanzen mit Massen von mg > 1.9 GeV wichtig wird, die in dem hier verwandten
Modell vernachlissigt werden. Eine Begriindung fiir die Zulassigkeit dieser Nahe-
rung wurde im vorherigen Abschnitt gegeben.

Auch bei kleinen /s ist ein starker Unterschied zwischen Theorie und Experi-
ment sichtbar. Die theoretische Kurve sagt einen deutlichen Beitrag des N*(1520)
zum Wirkungsquerschnitt voraus, der in den experimentellen Daten nicht sicht-
bar ist. Hierbei kranken die Daten allerdings wieder an der fiir kleine Energien
sehr problematischen Extraktion des Wirkungsquerschnitts, so dafl auf gar keinen
Fall der Schluf§ gezogen werden kann, dafl es keine Kopplung des N*(1520) an
den N p-Kanal gibt.

o(mp->p,n)

wpe————————7—— 77—

= Brody
Breit-Wigner -

o (mb)

01F

0,01 N N N N N N N
1,3 14 15 1,6 1,7 1,8 1,9 2,0

W (GeV)

Abbildung 6.11: Vergleich einer Breit-Wigner-Parametrisierung des 7~ p — p° n-
Wirkungsquerschnitts mit experimtellen Daten. Zur Giite dieser Daten und der
Breit-Wigner-Parametrisierung siehe Text.

Die in [PDG]| angegebenen Daten fiir den Zerfall N*(1520) — N p beruhen auf
einer Partialwellenanalyse simtlicher 7 N — 7w N-Daten von [Ma84, Ma92]. Das



N*(1520) tragt zum D3-Kanal bei. Dabei ist D der relative Bahndrehimpuls von
Pion und Nukleon im Eingangskanal, 1 = 25 + 1 sowie 3 = 21 + 1 bezeichnen
Spin und Isopin der Resonanz. In Abbildung 6.12 sind die aus dieser Analyse
extrahierten Daten fiir den Wirkungsquerschnitt im D3-Kanal gezeigt.

Verglichen werden sie mit folgenden Kurven, die wieder auf der Basis einer
Breit-Wigner-Parametrisierung berechnet wurden: einer, in der mit den in [Ma92]
extrahierten Parametern und Breitenparametrisierungen der gesamte Beitrag des
N*(1520) zur 2-Pionen-Produktion gezeigt ist (in Abbildung 6.12 gekennzeichnet
durch 1520 — N7 Manley tot); einer zweiten, in der mit diesen Parametern
der Beitrag des Kanals N*(1520) — Np zur 2-Pionen-Produktion gezeigt ist
(gekennzeichnet durch 1520 — Np Manley rho) sowie einer dritten, bei der mit
den in dieser Arbeit verwandten Parametern und Breitenparametrisierungen der
Beitrag des Np-Kanals ausgerechnet wurde (gekennzeichnet durch 1520 — Np
Diplom rho). Man sieht, daf die totale 2-Pionenproduktion iiber das N*(1520)
mit den Manley-Parametern gut wiedergegeben wird, unter Einbeziehung eines
hier nicht gezeigten Untergrundterms kann dieser den Querschnitt fast perfekt
reproduzieren. Auflerdem ist auffillig, daf es sichtbare Unterschiede im Beitrag
des Np-Kanals, hervorgerufen durch unterschiedliche Breitenparametrisierungen,
gibt,.

T T T T T T T
12 - B

® Manley
1520-> N Tt (Manley_tot)

woe-- e 1520 -> N p (Manley_rho) 1

E ————— - 1520 -> N p (Diplom_rho)

o (mb)

m (Ge\N

Abbildung 6.12: Vergleich der in [Ma92] extrahierten Werte fiir den Wirkungs-
querschnitt # N — 7m N mit den Vorhersagen eines Breit-Wigner-Modells. Be-

nutzt wurden unterschiedliche Parametrisierungen der Zerfallsbreiten. Man er-
kennt deutlich, da8 das N*(1520) an den N p-Kanal koppelt.

Offensichtlich sagt die Analyse von [Ma84, Ma92| ganz deutlich eine Kopplung
des N*(1520) an den N p-Kanal vorher.



6.4 Die Normierung der p-Spektralfunktion

Nun soll die Frage iiberpriift werden, ob die in dieser Arbeit berechnete Spektral-
funktion die in Kapitel 2.3.3 bestimmte Normierungsrelation erfiillt. Im folgenden
soll nur A” besprochen werden.

In Abbildung 6.13 ist das Normierungsintegral N(A) fiir die Vakuumspektral-
funktion

N(A) = [dg? Ala,) (6.19)

als Funktion der oberen Integrationsgrenze A abgebildet. Die beiden Vakuum-
kurven (durchgezogen und gestrichelt) entsprechen zwei unterschiedlichen Para-
metrisierungen der p-Zerfallsbreite. Einmal wurde I, gemé8 (2.53) bestimmt,

3

Im%!__(q) = —im, T r, a(m)

- T s (6.20)

Bei der anderen Kurve wurde eine Parametrisierung gewihlt, bei der die Breite
bei einem Wert von I' = 0.4 GeV (das entspricht einer p-Masse von 1.2 GeV)
abgeschnitten wird:

2 S .My q(m) ’
Im>7  (¢) = min < iy I 2(mz) ,0.4) . (6.21)
Man sieht, daf§ die gemé#$ (6.21) parametrisierte Breite zu einer Spektralfunktion
fithrt, welche normiert ist, die geméfl (6.20) parametrisierte indes nicht. Dabei
héngt bei Verwendung von (6.21) der Wert des Normierungsintegrals empfindlich
vom gewdihlten cutoff ab.

Um dies zu erldutern, soll eine alternative Ableitung der Summenregel geliefert
werden. Unter den zwei Annahmen, daf§ 1.) der Propagator nur Pole in der un-
teren Halbebene der komplexen Energieebene hat und daf§ 2.) die Selbstenergie
> langsamer als s mit der Energie ansteigt, kann man, indem man die Kontur in
der oberen Halbebene schlieit, schreiben [Leu2]:

+00 1 +oo
/dqo 0 A(¢°) = ——Im /dqo 90 Dr(q°)

0

. . (40 ei¢)2

= —— lim I d . . 6.22
v qol—)Ir(l)O mﬂ-z ¢(qoel¢)2_m2_z(qoel¢,q_': O) ( )
1

— —“Im(-7i) =1
7Tm( 1)

Dabei wurde verwendet, daf3




Parametrisiert man die Selbstenergie gemifl (6.20), so kann die daraus folgende
Spektralfunktion nicht normiert sein, da die Selbstenergie proportional zu s ist.
Die Tatsache, dafi (6.21) eine normierte Spektralfunktion erzeugt, ist eher als
Zufall zu werten: die Pole des Propagators scheinen in der richtigen Halbebe-
ne zu liegen, auflerdem hingt die Normierung vom cutoff ab. Wire dies nicht
der Fall, dann wiirde das Integral (6.19) zwar konvergieren (der Imaginérteil der
Selbstenergie ist namlich fiir grofie s konstant), da aber bei der Integration auch
Beitrige von den eingeschlossenen Pole auftreten wiirden, wire das Resultat ver-
schieden von 1. Um sicher zu stellen, dafl die Pole in der richtigen Halbebene
liegen, miifite zusétzlich ein dem Imaginérteil von X, entsprechender Realteil
in Betracht gezogen werden.

In Abbildung 6.13 ist ebenfalls das Normierungsintegral fiir die in der low
density approximation berechnete Spektralfunktion gezeigt. Dabei wurden als
Breitenparametrisierung sowohl (6.20) (durchgezogene Linie) als auch (6.21) (ge-
punktete Linie) benutzt. Wie zu erwarten, konvergiert das Integral im ersten
Fall iiberhaupt nicht, wihrend es bei Benutzung von (6.21) zwar recht schnell
konvergiert, aber nicht gegen 1. Dies ist wahrscheinlich darauf zuriickzufiihren,
dafl der Propagator auch Pole in der oberen Halbebene hat, weil der Realteil der
Selbstenergie nicht aus dem Imaginérteil bestimmt wurde.

N(A)

Abbildung 6.13: Gezeigt ist die Normierung von AZ als Funktion der Energie fiir
verschiedene Parametrisierungen der p-Selbstenergie.

In diesem Zusammenhang stellt sich die Frage, ob die hier gezeigten Ergebnisse
fiir die Spektralfunktion wertlos sind, denn schliellich sollte eine Massenvertei-
lung normiert sein. Um diese Frage abschliessend beantworten zu konnen, miifite
man den Realteil der Rho-Vakuum-Selbstenergie konsistent aus dem Imaginérteil
berechnen. Andererseits kann die in dieser Arbeit verwandte Breitenparametri-
sierung (6.20) bis Energien von 1 GeV die existierenden experimentellen -



Streuphasen recht gut beschreiben (s. Abbildung 6.14). Deshalb kann man davon
ausgehen, dafl trotz der Nichtnormiertheit der Spektralfunktion die hier gezeig-
ten Ergebnisse fiir Energien bis etwa 1 GeV zuverlidssig sind. Die gezeigten Daten
entstammen einer Analyse von [Pro73].

0,4 0,5 0,6 0,7 0,8 0,9 1,0

m (GeV)

Abbildung 6.14: Streuphasen in 7wm-Streuung. Gezeigt ist der I = J = 1-Kanal
in dem das p-Meson dominant auftritt.

Die Streuphase wurde dabei geméf:

tand; = (6.23)

berechnet.

6.5 Die p-Spektralfunktion bei hohen Dichten

In Kapitel 6.2 wurden die p-Selbstenergiebeitrige und damit die p-Spektral-
funktion auf der Basis des low density theorem berechnet. Formal konnte die
Rechnung zu hoéheren Dichten hin erweitert werden, indem iiber die Fermibewe-
gung der Nukleonen integriert wurde. Allerdings ist damit die Frage nicht geklart,
welchen Einflufl andere physikalische Prozesse auf die Struktur der Spektralfunk-
tion haben. Das soll in diesem Kapitel untersucht werden.

Bis jetzt wurde der Einflul der Resonanzen auf die Selbstenergie des Rhos
betrachtet. Umgekehrt kann man jedoch die Frage stellen, ob ein modifizier-
tes Rho nicht auch Auswirkungen auf die Eigenschaften der Resonanzen haben
konnte. In Kapitel 5 wurde schon angedeutet, dafl dies tatsichlich der Fall ist:
Der Zerfall einer Resonanz in den p N-Kanal wird mafigeblich beeinflufit von der



Spektralfunktion des Rhos. Ein stark mediummodifiziertes Rho wird daher die
In-Medium-Breite der Resonanz verindern. Uber (6.5) oder (6.6) geht die Breite
der Resonanz aber wieder in die p-Selbstenergie ein, so dafl eine mediummodi-
fizierte Resonanz zu einer neuen Selbstenergie des Rhos fithrt. Man erhilt auf
diese Art und Weise ein gekoppeltes System von Dyson-Schwinger-Gleichungen
fiir das p-Meson und die Resonanz, welches iterativ wie folgt gelost werden kann:

1 0 050 Pl
D, = D,+ D, % D,

Dy = D%+ Dy ¥, Dy (6.24)
D, = D, + D, %y D
USw.

Der Realteil der Resonanzselbstenergie kann im Prinzip iiber Dispersionsrela-
tionen aus dem Imaginérteil gewonnen werden. Unter der Annahme, daf} dieser
im Wesentlichen durch die Zerfallsbreite bestimmt ist, kénnte also untersucht
werden, wie sich die verdnderten p-Eigenschaften auf die Masse der Resonanz
auswirken. Der Einfachheit halber geschieht dies aber nicht, statt dessen wird
Re Y r = 0 gesetzt, was bedeutet, dafl sich die Masse der Resonanz im Laufe des
Iterationsprozesses nicht dndert.

Der Ausdruck fiir die Zerfallsbreite der Resonanz im Medium kann analog
zum Vakuumfall abgeleitet werden. Da im Medium AZ und A;E unterschiedlich
sind, tauchen sie im Gegensatz zum Vakuum mit unterschiedlichen Vorfaktoren
in den Formeln zur Zerfallsbreitenbestimmung auf. Fiir p-Wellen-Resonanzen ist
der Zerfall nur proportional nur AZ, fiir s-Wellen-Resonanzen sowohl zu AZ als
auch zu A7.

Zusétzlich mufl beriicksichtigt werden, dafl in Kernmaterie der Resonanzzer-
fall Pauli-geblockt ist. Dies bedeutet, dafl der Impuls des produzierten Nukleons
grofler als der Fermiimpuls sein muf}, weil die Zustédnde unterhalb der Fermikante
schon besetzt sind. Durch das Pauli-blocking wird ein konstanter Teil des Pha-
senraums fiir die Zerfallsbreite abgeschnitten. Damit ist der Effekt fiir leichte
Resonanzen tendenziell am grofiten.

Man erhélt schliellich folgende Form fiir die Zerfallsbreite der Resonanz I'p im
Medium:

2
Fr(p) = (@) iSp /qdqdcost

m, 2
x Z—jjm?’ AT(w,d(7)) F(@@)(1—ns (k7)) (6.25)

fiir p-Wellen-Resonanzen und

2
Fr(p) = (@) iSp /qdqdcosﬁx

mp 2



my
En

X == 7] (20°AT (w,q(5) +m* A" (w,q(5) F(@*)(1 — ns(k(5))) (6.26)
fiir s-Wellen-Resonanzen. Dabei ist p der Relativimpuls von Kernmaterie und
Resonanz. ny ist die Verteilungsfunktion der Nukleonen in Kernmaterie. Der Term
1 —ny ist fiir das Pauli-Blocking zusténdig. Man sieht, dafl I's eine Funktion von
p ist. Dies hat zwei Griinde.

Die Formel fiir 'y wurde im Ruhesystem der Resonanz abgeleitet. Hat nun
das Nukleon einen Impuls ¢ in diesem System, so kann erst nach einer Lorentz-
transformation ins Laborsystem entschieden werden, ob der Zerfall Pauli-geblockt
ist. Ebenso muf} der p-Impuls in das Laborsystem transformiert werden, da die
Spektralfunktion dort berechnet wurde. Die Lorentztransformation héngt ab vom
Winkel zwischen emittiertem Rho (oder Nukleon) und dem Relativimpuls von an-
geregter Resonanz und Kernmaterie im Ruhesystem der Resonanz. Dadurch kann
die Winkelintegration nicht analytisch ausgefiihrt werden.

Es stellt sich heraus, dafl das Iterationsverfahren schon nach drei bis vier Ite-
rationen konvergiert. Um die Effekte auf die Spektralfunktion interpretieren zu
konnen, ist in Abbildung 6.15 die mediummodifizierte Zerfallsbreite eines in Kern-
materie ruhenden N*(1520), also der in der low density approzimation wichtigsten
Resonanz, im Vergleich zur Vakuumsbreite gezeigt.

——————— In-Medium-Zerfallsbreite
Vakuumszerfallsbreite

0,8 -

0,6
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Abbildung 6.15: Vergleich von Vakuum-und In-Medium-Zerfallsbreite des
N*(1520) bei p'= 0. Man sieht eine deutliche Verbreiterung der Resonanz durch
die Mediummodifikationen des p-Mesons.

Die starke Verbreiterung der Resonanz 148t sich einfach erkldren. Im Vakuum
ist der Zerfall eines N*(1520) in ein p durch den geringen zur Verfiigung stehenden
Phasenraum stark unterdriickt und kann nur iiber den Schwanz der Spektralfunk-
tion bei kleinen invarianten Massen stattfinden. Die In-Medium-Spektralfunktion



I',[MeV]

Vakuum | Pauli-Bl. | p=p, | p = 2p,

N*(1520) 25 7] 240 200
N*(1650) 15 5 35 20
N*(1680) 12 8 90 60
N*(1720) 100 85 560 330
A(1620) 20 7 70 40
A(1700) 120 45 160 90
A(1905) 210 205 300 130

Tabelle 6.1: Zerfallsbreiten der beriicksichtigten Resonanzen bei verschiedenen

Dichten.

hat jedoch sehr viel mehr Stirke bei geringen invarianten Massen und daher ist
die Zerfallsbreite nun wesentlich gréBer. Ahnlich ist die Situation auch fiir die rest-
lichen Resonanzen. In Tabelle 6.1 sind numerische Werte fiir die Resonanzbreiten
fiir verschiedene Dichten bei p = 0 gezeigt. Der Riickgang der Zerfallsbreiten
bei p = 2 py ist dadurch zu erkldren, dafl bei héheren Dichten der Einflul des
Pauli-Blockings grofier wird. Der Fermisee der Nukleonen ist bis zu héheren Im-
pulsen aufgefiillt, dadurch wird mehr des zum Zerfall zur Verfiigung stehenden
Phasenraums abgeschnitten.

Bevor die Ergebnisse fiir A7 und A% vorgestellt werden, soll eine physikalische
Interpretation des Iterationsverfahrens gegeben werden, die eine Abschitzung
zuldfit, in welchem kinematischen Bereich es von Wichtigkeit ist.

Dazu sei der p-Selbstenergiegraph betrachtet, der sich nach der ersten Iteration,
also durch Anregung einer mediummodifizierten Resonanz, ergibt (Abbildung
6.16).

Abbildung 6.16: Beitrag zur p-Selbstenergie, wenn eine mediummodifizierte Re-
sonanz angeregt wird.

Durch Anwendung von Cutkoskys cutting rules (Anhang C) erkennt man,
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Abbildung 6.17: Oben: AT des p-Mesons mit allen Resonanzen. Unten:Schnitte
durch AT bei unterschiedlichen Impulsen.

dafl dieser Selbstenergiegraph einem Streuprozefl eines Rhos mit zwei Nukleo-
nen entspricht, da ein Rho und zwei Nukleonen einlaufen. In der low density
approzimation (s. Abbildung 6.1) beschreibt die p-Selbstenergie die Streuung ei-
nes Rho mit einem Nukleon. Dies bedeutet, daf§ die n-te Iteration Streuprozesse
eines Rho mit n Nukleonen beschreibt.

Streuprozesse eines Rho mit mehreren Nukleonen sollten insbesondere dann
wichtig sein, wenn die Wellenlinge des Rhos so grof} ist, dafl es ein einzelnes
Nukleon nicht mehr sauber auflésen kann.

Bei einfacher Kerndichte p = py ist der mittlere Abstand zweier Nukleonen
in Kernmaterie ungefiahr 1 fm. Die Wellenldnge des Rhos sollte kleiner als dieser
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Abbildung 6.18: Oben: A% des p-Mesons mit allen Resonanzen. Unten:Schnitte
durch A7 bei unterschiedlichen Impulsen.

Abstand sein, damit die Nidherung, dafl das Rho mit nur einem Nukleon rea-
giert, angemessen ist. Daraus folgt, dafl der Impuls des Rhos ¢, = 2/\—” von der
Groflenordnung g, = 1 GeV sein muf}, damit Reaktionen mit mehr als einem Nu-
kleon keine wichtige Rolle spielen. Also ist zu erwarten, daf3 bei kleinen Impulsen
gy < 0.5 GeV der Einflufl von Reaktionen mit mehr als einem Nukleon wichtig
ist.

In Abbildung 6.17 und 6.18 sind die Ergebnisse fiir die longitudinale und
transversale Spektralfunktion nach der vierten Iteration gezeigt. Aufgrund der
vorangegangenen Diskussion konnen die Strukturen relativ einfach interpretiert



werden.

Zum einen werden die Peaks stark ausgeschmiert. Das ist zu erwarten, weil die
In-Medium-Resonanzbreiten wesentlich grofler als die Vakuumsbreiten sind. Die
einzelnen Aste sind bei kleinen Impulsen kaum mehr zu unterscheiden.

Es gibt jedoch qualitative Unterschiede im Verhalten von transversal und lon-
gitudinal polarisierten p-Mesonen, wenn man zu héheren Impulsen geht. Dies
war schon bei den Rechnungen in der Niedrigdichtendherung der Fall. Bei groflen
Impulsen ist ein transversales p iiber einen sehr breiten Massenbereich ohne er-
kennbare Strukturen verschmiert (s. Abbildung 6.17). Ein recht grofler Anteil an
Stérke liegt nun im raumartigen Bereich (Abbildung 6.19), wobei das A(1232) im
raumartigen Bereich einen grofien Einflul hat, was man aufgrund seiner geringen
Masse auch erwarten konnte. Wie weiter oben schon besprochen ist im zeitartigen
Bereich die relative Bedeutung des A(1232) wegen des Verlaufs der Anregungs-
kurve (Abbildung 3.2) und der Impulsabhéngigkeit der Kopplung nicht so stark
(vgl. auch Abbildung 6.5).
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Abbildung 6.19: A7 bei Impuls |g] = 0.5 GeV. Die gestrichelte Linie deutet den
Ubergang vom raumartigen zum zeitartigen Bereich an.

In Kapitel 2.3.3 wurde gezeigt, dafl die Grofle A,f definiert iiber den Ima-
ginérteil des retardierten Propagators nicht normiert ist. Dies steht im Wider-
spruch zur Interpretation der Spektralfunktion als Massenverteilung eines Teil-
chens, denn das setzt eine normierte Spektralfunktion voraus. Wenn man also
Information dariiber haben will, wie die Massenverteilung eines longitudinalen
p-Mesons aussieht, sollte man geméf (2.81) besser die normierte Grofie

2
AL _ mp AL
new m2 alt



betrachten. Dabei wurde die Notation gegeniiber der in (2.81) etwas veréndert:
q> — m? sowie m* — mZ. Das unterschiedliche Verhalten dieser beiden Funktio-
nen ist in Abbildung 6.20 gezeigt fiir ¢ = 0 GeV und ¢ = 0.5 GeV. Es ist leicht zu
erklaren: Der Faktor %‘2’— bringt mehr Stérke in den Bereich niedriger invarianter
Massen, wéhrend fiir Massen m > m, die Stirke reduziert wird.

30—
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Abbildung 6.20: Vergleich von nichtnormierter (A”*) und normierter (m?/m? A")
Spektralfunktion bei zwei verschiedenen Impulsen. Obere Abbildung: §= 0 GeV,
untere Abbildung: ¢ = 0.5 GeV. Zur Notation siehe Text.
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Abbildung 6.21: AZ mit I'yrr = 300 MeV.

6.6 Einflull anderer Effekte

In diesem Kapitel soll diskutiert werden, wie sich die In-Medium-Spektralfunktion
des p-Mesons dndert, wenn man mogliche, gleichzeitig ablaufende Modifikationen
des p-Mesons mit beriicksichtigt.

In [HF93] wurde gezeigt, dal das Rho in Kernmaterie deutlich breiter wird,
wenn die Anregung von Resonanz-Loch-Zustédnden durch Pionen bei der Berech-
nung des Zerfalls p — 77 beriicksichtigt wird. Um eine Abschitzung dafiir zu
bekommen, wie sich eine solche Verbreiterung auf den Einflufl von p N-Streuung
auswirkt, ist in Abbildung 6.21 die iterierte transversale Spektralfunktion fiir den
Fall ')z, = 300 MeV gezeigt. Man sieht, dafy die Verbreiterung quantitativ die
Strukturen etwas verdndert. Die Ausbildung neuer Peaks, welche charakteristisch
fiir die p N-Streuung ist, wird indes nicht verhindert.

Durch t-Kanal-Prozesse (niheres s. Kapitel 8) [FS97], aber auch durch Brown-
Rho-scaling [BR91] kénnte sich zudem die Masse des p-Mesons verdndern. Um
den Einflul solcher Effekte auf die iterierte Spektralfunktion zu testen, ist in
Abbildung 6.22 A" mit einer Rho-Masse von m, = 670 MeV gezeigt. Auch hier
dndern sich die Strukturen nur quantitativ, aber nicht qualitativ.

Man kann also davon ausgehen, dafl durch zusétzlich auftretende In-Medium-
Modifikationen des Rhos die in dieser Arbeit gefundenen Strukturen sich nicht
prinzipiell &ndern.

Neben der Fragestellung, ob alternativ auftretende physikalische Prozesse die
Form der in dieser Arbeit gefundenen Spektralfunktion qualitativ verindern kon-
nen, muf ebenso iiberpriift werden, inwiefern Niherungen, welche in die Berech-
nung des Einflules der Resonanz-Loch-Rechnungen eingingen, die Ergebnisse mo-
difizieren.
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Abbildung 6.22: AZ mit m, = 670 MeV.

Es gibt zwei Niherungen, die hinterfragt werden sollten:

Die Rechnungen finden in einem nichtrelativistischen Rahmen statt. Daher
ist die Form der Spektralfunktion fiir grofle Impulse des p-Mesons zweifelhaft.
Da in guter Ndherung im Laborsystem der Impuls von Resonanz und p-Meson
gleich sind [pr| &~ |p,|, ist bei grofen Impulsen das Vernachléssigen aller Terme
der Ordnung 2E zweifelhaft, wenn man Impulse des Rho-Mesons von [p,[| > 0.5
GeV betrachtet. Z.B. ist die Tatsache, dafl Resonanzen positiver Paritit nur an
transversale Rho-Mesonen koppeln, eindeutig ein Effekt der nichtrelativistischen
Reduktion. Damit muf} insbesondere die Tatsache, dafi bei hohen Impulsen die
longitudinale Spektralfunktion in etwa die Form der Vakuumspektralfunktion
annimmt, iiberpriift werden.

Die zweite wichtige Ndherung findet beim Iterationsprozef statt. Wie schon
erldutert, wird bei der Iteration der Realteil der Selbstenergie der Resonanz
nicht verdndert. Andererseits hingt der Einfluf}, den die Anregung von p N-
Streuprozessen auf die Form der Spektralfunktion hat, entscheidend von der
Masse der Resonanz ab. So ist z.B. der grofie Einflu des N*(1520) auf seine
relativ geringe Masse zuriickzufiihren. Der Haupteffekt der Iteration besteht dar-
in, dafl die Resonanzen eine starke Verbreiterung erfahren. Dies kann damit be-
griindet werden, dafl die Massenverteilung des Rhos im Medium mehr Stérke bei
kleinen invarianten Massen hat und deshalb mehr Phasenraum zur Verfiigung
steht. Eine Abschétzung iiber die Qualitdt der Naherung scheint nicht moglich,
der einzige Weg, dieses Problem in den Begriff zu bekommen, liegt in der expli-
ziten Berechnung des Realteils der Selbstenergie.



Kapitel 7

Produktion am Nukleon

In diesem Kapitel soll ein einfaches Modell zur Berechnung der Photoprodukti-
on von Vektormesonen am freien Nukleon diskutiert werden. Die Parameter des
Modells werden an experimentelle Daten angepasst. Ziel dieser Analyse ist es,
ein Modell zu haben, auf dessen Grundlage die koh#rente Photoproduktion von
Vektormesonen am Kern berechnet werden kann (Kapitel 8).

Die Photoproduktion von p-und w-Mesonen am freien Nukleon ist sowohl theo-
retisch als auch experimentell ein ungelostes Problem. Zur p-Produktion gibt es
im nieder-und mittelenergetischen Bereich (£, < 2 GeV) nur Messungen aus dem
Jahre 1968 [AB68]. Die gleiche Gruppe hat auch Messungen zur w-Produktion
durchgefiihrt [AB68]. Beide Messungen sind mit relativ grofien Unsicherheiten
behaftet, auerdem ist die Anzahl der Datenpunkte nicht sehr grof. Vor einigen
Jahren gab es erneut Messungen zur w-Photoproduktion [Ha96], wodurch sich
fiir diesen Prozel die Datenlage etwas gebessert hat. Allerdings sind aus dieser
Messung stammenden Daten noch nicht veréffentlicht.

p-Mesonen werden normalerweise iiber die aus ihrem Zerfall entstehenden Pio-
nenpaare nachgewiesen. Es gibt jedoch gleichzeitig eine Reihe alternativer Prozes-
se, die ebenfalls zur 7 7~ -Produktion beitragen und erst bei hoheren Energien
sauber von p-Zerfillen abgetrennt werden kénnen. Die Detektion iiber Dilepto-
nenpaare ist zwar sicherer, allerdings ist die Produktionswahrscheinlichkeit ge-
geniiber der von Pionenpaaren um einen Faktor 10~* unterdriickt. Die liickenhaf-
te experimentelle Kenntnis der Vektormesonenproduktion ist ein Grund dafiir,
dafl es zur Zeit keine ausgefeilten theoretischen Modelle zu ihrer Beschreibung
gibt. Fiir p-Mesonen ist es ein zumindestens kompliziertes Projekt, ein detail-
liertes Modell, welches unter anderem die Kopplung von Resonanzen an den
N p-Kanal und an den N 7y-Kanal beriicksichtigt, an die wenigen Datenpunk-
te anzupassen. Die existierenden mikroskopischen Modelle zur Beschreibung der
Photoproduktion von 7+ 7~ -Paaren iiber simtliche Kanile erstrecken sich nur
bis zu einem Energiebereich, bei dem die p-Produktion noch nicht dominant ist
[TO94, OH97, ML95].

Wihrend bei der Photoproduktion von p-Mesonen die Probleme eher im ex-
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perimentellen Nachweis als im theoretischen Verstdndnis des Prozesses zu suchen
sind, ist die Lage bei w-Mesonen gerade umgekehrt. Hier ist der Nachweis iiber
den dominanten Zerfallskanal w — 7+ 7% 7~ relativ eindeutig. Ungelst ist hinge-
gen die Frage, ob es Resonanzen gibt, welche an den N w-Kanal koppeln. Neuere
Messungen zur w-Photoproduktion [Ha96] legen zwar den Verdacht nahe, daf} sol-
che Resonanzen existieren, auflerdem sagen einige Quarkmodell ihre Existenz im
Massenbereich 1.7 GeV < mg < 2 GeV voraus , so z.B. in [LB197, LB297, KI80].
Eine eindeutige experimentelle Bestitigung liegt steht allerdings noch aus. Ein
Grund hierfiir konnte sein, daf§ sie nicht an den N w-Kanal koppeln und somit der
iiblichen N w-Streuung zum Nachweis von Resonanzen verborgen bleiben. Dieses
Phé&nomen des scheinbaren Fehlens von Resonanzen im N w-Kanal wird auch als
Phanomen der missing resonances bezeichnet.

Angesichts dieser insgesamt unbefriedigenden Situation ist es ein gliicklicher
Umstand, daf} ein einfaches Modell existiert, welches eine recht gute Beschreibung
der Daten erlaubt.

7.1 OBE-Modell

Es handelt sich dabei um ein one boson exchange model (OBE) (s. Abbildung
7.1).

v, k V.q
'\/\/\/\/\f::,:::
|

‘w,a

|

|
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N,p N,p'

Abbildung 7.1: OBE-Modell zur Beschreibung der Photoproduktion von Vektor-
mesonen am Nukleon. Wie im Text erldutert, tragen vor allem Pionen und o
-Mesonen zur Produktionsamplitude bei.

Das virtuelle Austauschteilchen trigt den Impuls Ap = p — p/. Damit ist
(Ap)? = t, wobei t eine der drei Mandelstam-Variablen ist. Deswegen werden
Reaktionen, bei denen ein Meson ausgestauscht wird, haufig als t-Kanal-Prozesse
bezeichnet.

Das erste Mal wurde ein solches Modell von Joos [JK64] vorgeschlagen. Vor
einigen Jahren wurde es von Friman wieder aufgegriffen [FS97].



7.2 Austauschmesonen

Die erste Frage ist die, welche Mesonen zur Beschreibung der Produktionsampli-
tude beriicksichtigt werden miissen. Fiir die Amplitude M eines t-Kanal-Prozesses
gilt:

M ~ Dy(t) = (7.1)

m% —t
Dabei gilt fiir ¢:
t<0 . (7.2)

Dies riihrt daher, dal die beiden Nukleonen on-shell sind und die gleiche Masse
haben. Man kann dann ein Bezugssystem wéhlen, in dem der Impuls des einlau-
fenden und des auslaufenden Nukleons entgegegesetzt und gleich grof sind. In
diesem gilt:

t = (p—p)
AE? — Ap? (7.3)
—4p* <0

Weil ¢ immer kleiner als Null ist und in Vorwirtsstreurichtung seinen kleinsten Be-
trag hat, werden ¢-Kanal-Prozesse durch Vorwértsstreuung dominiert. Die Grofie
des Querschnitts hingt empfindlich von der Masse des ausgetauschten Mesons ab.
Je grofler dessen Masse ist, um so kleiner ist der Streuquerschnitt. Daher sollten
die Massen der Austauschmesonen nicht wesentlich grofier sein als der maximale
Impulsiibertrag, fiir den eine effektive Feldtheorie noch sinnvoll ist und der durch
einen Cutoff-Parameter, den wir spéter festlegen werden, charakterisiert ist:

m2 ~ 0.6GeV? ~ tay (7.4)

Damit kommen fiinf Austauschmesonen in Frage: 7,7, 0, p und w.

Aufgrund der Erhaltung der C-Paritét (z.B. [HM]) ist der Austausch von p-und
w-Mesonen verboten [PDG, JK64, FS97]. Die Kopplung von w- und p-Meson an
den n~-Kanal ist von der selben Groflenordnung wie die an den 7 y-Kanal (vgl.
dazu [BM95, FM97] sowie Ergebnisse dieser Arbeit). Allerdings ist die Grofie
der n N-Kopplung im Vergleich zur 7 N-Kopplung und zur ¢ N-Kopplung sehr
klein [BM95], so daf der n-Austausch in guter Niherung vernachlissigt werden
kann. Der n-Austausch zusétzlich durch seine relativ grofie Masse unterdriickt
[FS97, JK64]. Es bleiben folglich nur 7 und o als Austauschteilchen {ibrig.

Die Existenz des o-Mesons (J© = 07) ist nicht sicher. So wird es zum Beispiel
in [PDG] nicht aufgefiihrt. Andererseits deutet eine erst unléingst veréffentlichte
Messung von 7 m-Streuphasen im S = 0-und I = 0-Kanal auf die Existenz eines
skalaren Mesons positiver Paritdt hin [I196]. Die Analyse ergibt fiir die Masse
des Teilchens einen Wert von m, ~ 550 MeV und fiir die Breite I', ~ 330 MeV.
Die Breite des o-Mesons ist fiir die folgenden Uberlegungen unwichtig, weil das
ausgetauschte Meson grundsitzlich raumartig ist, d.h. ¢2 < 0.



7.3 Die verwendeten Lagrangefunktionen

Als Austauschmesonen werden Pion und Sigma verwandt. Nun miissen ihre Kopp-
lungen an Photon und Vektormeson sowie an die Nukleonen bestimmt werden.
1) LV’yw

Die einfachste Lagrangedichte, welche invariant unter Paritits- und Lorentz-
transformationen ist sowie die Kopplung eines Vektormesons an einen erhaltenden

Strom beschreibt, hat die Form [JK64, FS97]:

Ly == j; va Cuvag O AV O°VETy (7.5)

V58 beschreibt das Vektormesonenfeld und my ist die Masse des Vektormesons.
€uvap ist der vollstédndig antisymmetrische Tensor in vier Dimensionen. Stromer-
haltun ist offensichtlich. Die Invarianz unter Paritdtstransformationen sieht man
wie folgt: der e-Tensor erzwingt, dafl alle der vorkommenden 4-Vektoren einen an-
deren Index tragen, d.h. einer der Indizes den Wert 0 hat, so da8 €,,45 O* A” 0 V?#
unter einer Paritétstransformation ein relatives Minuszeichen erhilt. Weil das Pi-
on negative Paritit hat, ist die Lagrangefunktion folglich invariant.
2) LV’YO’

Fiir die Kopplung des skalaren o-Feldes an Photon und Vektormeson wihlt
man [JK64, FS97]:

Ly = D gugry 6 (7.6)
my

Dabei ist V,, = 0,V, — 0, V,. Wieder ist Stromerhaltung offensichtlich, wenn
man beriicksichtigt, da} o* A"V, = %F WV, mit F# = ot AY — 0" A*. Wei-
terhin entspricht 0* A”V,, einer Summe von Skalarprodukten von Vektoren, so
daf dieser Teil von Ly, invariant unter Paritétstransformationen ist. Weil das
o-Meson positive Paritdt hat, ist die Invarianz von Ly, gesichert.
3) Lynx

Die Kopplung eines Pions an Nukleonen kann auf zwei Arten beschrieben wer-
den [JK64, FM97, EW]:

Lnne = —ignna¥ Y’ (pseudoskalar) (7.7)
oder
. _fNNW ) .
Lyng = ———yy° " 0o,m (pseudovektoriell) . (7.8)
m

™

Zuerst sollen die Transformationseigenschaften der pseudoskalaren Kopplung dis-
kutiert werden, dann wird gezeigt, dal beide Kopplungen dquivalent sind, falls
die Nukleonen sich nicht in einem Potential befinden, also frei sind.

Um Paritéitsinvarianz zu gewihrleisten, enthilt die Kopplung ein v5. Dann ist:

PL=—~ignne (U17° P)7* (Py) (=m) . (7.9)



Abbildung 7.2: Der N N 7-Vertex.

Mit den Beziehungen [PS]

Py(@)=+1"9(-7), (°)?=1, {1} =0 (7.10)
folgt daraus:
PLNNﬂ'(-f) = —I gNNx 1/)T 75 ’YO¢(_7TO)
= —ignNY Y P T (7.11)
- ENNW(_:E)

Dies ist reicht aus, um die Invarianz der Wirkung S, definiert als [PS]
S = / dal(z) (7.12)

zu gewdahrleisten.
Um eine hermitesche Lagrangefunktion zu erhalten, mufl die pseudoskalare
Kopplung auBlerdem einen Faktor ¢ enthalten. Es gilt [PS]:

701 =+" und 75T = . (7.13)
Damit ist
(LNNW)T = ignna TP Y m

(—i) 9INNr 1/_)’)’5 Yo (7-14)

- »CNNW

Zuletzt soll die Aquivalenz der beiden angegebenen Kopplungen Gl. (7.7) ge-
zeigt werden. Dazu mufl man jedoch vorraussetzen, dafl die Nukleonen Losungen
der freien Dirac-Gleichung sind. Betrachtet sei dazu das Feynman-Diagramm in
Abbildung 7.2.

Diesem Feynman-Diagramm entspricht folgender Vertexfaktor:

/ d'z (O] T {b(p) alg) Lanx b ()} 10) . (7.15)



Dabei sind b(p) (bf(p)) Vernichtungs-oder Erzeugungsoperatoren von Nukleonen,
a(p) (af(p)) Vernichtungs-oder Erzeugungsoperatoren von Pionen. Wihlt man die
pseudoskalare Kopplung, so erhilt man fiir den Vertexfaktor:

_ /d4$ eip’:c efip:c eiqw igNNW ﬂ(p') ,)/5 u(p)
= —0'(p—0 —Qignna @)V ulp) - (7.16)
Bei Verwendung der pseudovektoriellen Kopplung ergibt sich:

[ dtz e emive ke INNT Gy 5 ) (i)
= o - ) ) P ) u)

™

= 50 B 25 (7 g ) i) (1.17)
= 6= o — ) 2my T () 4P u(p)

™

Daraus ist ersichtlich, daf} pseudoskalare und pseudovektorielle Kopplung iden-
tisch sind, wenn man die Kopplungskonstanten geméif

my
NNz = 2 fNer
my

wahlt.

4) LNNO’
Man iiberpriift leicht, daf3

‘CNNO' :gNNU/lZ’d)O- (718)

sdamtliche Symmetrieforderungen erfiillt [JK64, FS97).

7.4 Bestimmung der Kopplungskonstanten

Bevor mit den oben angegebenen Lagrangefunktionen Wirkungsquerschnitte be-
rechnet werden kénnen, miissen die Kopplungskonstanten und Formfaktoren der
einzelnen Vertizes bestimmt werden.

In [FS97] wurde eine dhnliche Analyse durchgefiihrt. Allerdings werden in die-
ser Arbeit die dort erhaltenen Werte aus zwei Griinden nicht tibernommen. Zum
einen wird in [FS97] strikte Vektormesondominanz zur Bestimmung der Kopp-
lungskonstanten fy,, benutzt. Es ist jedoch sinnvoller, die Kopplungskonstan-
ten direkt aus den elektromagnetischen Zerfillen V' — 77y zu berechnen. Wie
im folgenden gezeigt wird, fiihrt die Anwendung von strikter Vektormesondomi-
nanz zu Fehlern von etwa 30% fiir den Beitrag des Pionaustauschgraphen. Der



‘ gNNo ‘ 9gNN= ‘ Anno(GeV) ‘ Annz(GeV) ‘
| 10.0 | 13.26 | 1.0 | 0.7 |

Tabelle 7.1: Tabelle der am NN7-Vertex und am N No-Vertex verwendeten
Kopplungskonstanten und cutoff~Parameter.
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Abbildung 7.3: Elektromagnetischer Zerfall von Vektormesonen.

zweite Grund dafiir, dafi die Analyse von [FS97] hier nicht angewandt wird, ist
der, daf} in dem dort besprochenen Modell die Produktion von w-Mesonen aus-
schlielich durch den m-Austauschgraphen beschrieben wird. In Kapitel 8.3 wird
gezeigt, dafl zur kohdrenten Photoproduktion von Vektormesonen am Kern, de-
ren Berechnung das Ziel dieser Arbeit darstellt, der Pionaustausch nicht beitrigt.
Mit den von [FS97] vorgeschlagenen Parametern wiirde deshalb in einem simplen
Mesonaustauschmodell die Amplitude fiir die kohédrente Photoproduktion von w-
Mesonen am Kern verschwinden. Deshalb wird im folgenden untersucht, ob ein
nichtverschwindender o-Austausch vertraglich mit den experimentellen Daten fiir
die Photoprodution von w-Mesonen am Nukleon ist.

Fiir den 0 N N-Vertex und den m N N-Vertex werden Literaturwerte benutzt.
Sie sind in Tabelle 7.1 angegeben. Der Wert fiir Ay y, wurde von Referenz [CS81]
entnommen (s. auch [FS97]). Die Formfaktoren an beiden Vertizes haben Mono-
polform [FS97]:

A3 —m
FNNO’(t) = NNo o und
A?VNO'_t
A% m2
Fyno(t) = /]\VQJVW tw : (7.19)
NN~

Dabei ist ¢t das Viererimpulsquadrat des ausgetauschten Mesons.

Die Kopplungskonstanten g, und g,. werden aus den entsprechenden elek-
tromagnetischen Zerfiillen bestimmt (s. Abbildung 7.3). Aus der Lagrangedichte
Ly, ergibt sich folgende Amplitude fiir den Zerfall V' — 7:

MA)\’ — fV’YW

vas kP g 05 7.20
m, €uvap K" €34 V) ( )



vy ist der Polarisationsvektor des Vektormesons. Nach Mittelung iiber die Pola-
risationen des zerfallenden Vektormesons und Summierung iiber die des auslau-
fenden Photons erhilt man fiir das quadrierte Matrixelement:

1

2
! 1 T 1] ! 7 /
3 Z |M)V\ ‘2 == <f£> Z €uvap €' o’ B! Kk GK qa Uf/* K+ ei*qo‘ ’Uf/ (721)

AN 3\m ) %

Werden Photon und Vektormeson an erhaltene Strome gekoppelt, so kann man
die Summe iiber ihre Polarisationsvektoren ersetzen durch

S et = —g*

X

Sk = —g* : (7.22)
)

Damit erhilt man:

1
3

2
N2 1 fV’YW wa'vB @
Z (MM = 3 €pavg € k' q® qor

AN

2 f T 2 "o o a
= —= (ﬁ) (gﬁ 9o — 9, gg) Kk q®qe  (7.23)

3\ m,
2 (frar)
= _g (:;L_’:) (k.2q2_(kq)2)

Dabei wurde im vorletzten Schritt die Relation
Cuavs 7 = =2 (gt g2 — g5 gl) (7.24)

benutzt, die in Anhang A bewiesen wird.
Fiir reelle Photonen ist k2 = 0. Im Ruhesystem des zerfallenden Teilchens ist
die Zerfallsbreite bestimmt durch [PS, PDG]:

1 k
[=—|M % (7.25)
8 my,
Dabei ist k der Impuls der auslaufenden Teilchen in diesem System
- mi—m?
kl=—"Y—7"o . 7.26
H=" (7.20)

Man erhélt somit fiir den Zerfall V' — 7 folgenden Ausdruck:

2
1 A\ L
Dy = (f” ) P (7.27)

127 my,



‘ ‘ el ‘ Jurym ‘ Apyr(GeV) ‘ Az (GeV) ‘
VMD1 | 0.59e | 1.98¢  — —
VMD2 | 0.73e | 1.78¢ 0.7 0.9

Tabelle 7.2: Tabelle der am Vyrw-Vertex verwendeten Kopplungskonstanten und
Cutoffs.
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Abbildung 7.4: Zerfall von Vektormesonen gem#fi VMD1 (links) oder
gemifl VMD2 (rechts).

Da alle beteiligten Teilchen on-shell sind, ist es nicht nétig, einen Formfaktor
einzufithren. Die sich aus dem Zerfall ergebenden Kopplungskonstanten sind in
Tabelle 7.2 aufgefiihrt. Sie sind in guter Ubereinstimmung mit den in [FM97,
BMO95] verwendeten. Fiir den Formfaktor des Vym-Vertex wird eine Monopolform
gewahlt:

A2 _ m2
Fyo(t)= =2~ —*© (7.28)
K Ay, —t

t ist das Viererimpulsquadrat des ausgetauschten Mesons. Der Cutoff-Parameter
kann aus dem Zerfall nicht bestimmt werden. Er wird deshalb an den Wirkungs-
querschnitt der Photoproduktion von Vektormesonen angepaft.

Bei strikter Vektormesondominanz (VMD1) kann ein Photon nur iiber Vek-
tormesonen an den hadronischen elektromagnetischen Strom koppeln. Bei der er-
weiterten Vektormesondominanz (VMD?2) ist auch eine direkte Wechselwirkung
des Photons mit den Hadronen méglich. Reelle Photonen kénen bei (VMD2) nur
direkt an die Hadronen koppeln. Ausfiihrliche Informationen zur Vektormeson-
dominanz sind unter anderem in [CP97, Sa] zu finden. Die Kopplungskonstanten
fvayr wurden also gemil VMD2 berechnet (s.Abbildung 7.4).

Man kann bei dieser Gelegenheit testen, ob strikte VMD fiir die betrachteten
Zerfille eine gute Naherung darstellt. Dazu berechnet man zuerst die Kopplungs-
konstante f,,, aus dem hadronischen Zerfall w — 77T, der iiber zwei Kanile
ablaufen kann (Abbildung 7.5). In einer detaillierten Analyse von [KL96] wurde
f pwr ZU

fpunr =10.0 (729)

bestimmt. Die elektromagnetischen Kopplungskonstanten erhilt man dann {iber
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Abbildung 7.5: Die beiden Zerfallsmoglichkeiten des w-Mesons in drei Pionen.

VMD1 gemi$:
Gpwn
9pyr = ng )
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9pwr
Juyr = . 7.30
Y 2gw ( )

Dabei ist g, = 2.5 und g, = 8.5 [CP97]. Die so erhaltenen Werte sind in Tabelle
7.2 aufgefiihrt. Wie man dort sehen kann, stellt strikte VMD eine relativ gute
Néaherung dar. IThre Anwendung bei der Berechnung von Wirkungsquerschnitten
der Photoproduktion von Vektormesonen am Nukleon wiirde jedoch zu Ungenau-
igkeiten von ungefihr 35% fiir die Produktion von p-Mesonen und von ungefihr
25% fiir die Produktion von w-Mesonen fiihren, so dafi es sinnvoller erscheint, die
Kopplungskonstanten direkt aus dem elektromagnetischen Zerfall gemafi VM D2
zu bestimmen.

Komplizierter ist die Bestimmung der Kopplungskonstanten fy,,, da es kei-
nen gemessenen Zerfallskanal V' — o gibt. Eine obere Grenze fiir die Stéirke der
Kopplung kann man durch Betrachtung des Zerfalls V' — ~«ymm gewinnen, wenn
man annimmt, dafl alle gemessenen Pionenpaare zum Isospinkanal I = 0 geh6ren
und aus dem Zerfall eines o-Mesons stammen. Konkurrenzprozesse aus dem [ =1
Kanal wiren z.B. Zerfille iiber das p-Meson. Da aber die Kopplungskonstanten
fvpy ebenfalls nicht bekannt sind, macht es keinen Sinn, diese Prozesse mit zu
beriicksichtigen. Fiir das p-Meson ist die partielle Breite I',_,,rr recht gut be-
kannt, fiir das w-Meson existiert nur eine obere Grenze [PDG]. Beide Werte sind
in Tabelle 7.3 aufgefiihrt. Die Formel zur Bestimmung der Zerfallsbreiten wurde
in Kapitel 5 ausgiebig diskutiert. Man findet:

. " dm2m Ay (m) Ty_o(m) . (7.31)

Dabei ist I'y_,,,(m) die Zerfallsbreite des Vektormesons in ein stabiles o-Meson
der Masse m. Fiir das Matrixelement des zugehdrigen Zerfalls ergibt sich:

M= fr‘:” k, e Uél (¢* g* — q" g*") (7.32)
o

wobei k der Impuls des auslaufenden Photons (k% = 0) ist und ¢ der des Vektor-
mesons. v} beschreibt die Polarisation des Vektormesons. Nach Quadrieren des



| | p | w

Ty 150 MeV x (9.9 £ 1.6) 10 ® | <8.8 MeV x 3.610 3
Gvoy (Zerfall) 10.0e 1.32e
gvey (Massenverschiebung) 2.57e 0.79¢
Avor 1.0 1.0

Tabelle 7.3: Tabelle der am V~yo-Vertex verwendeten Kopplungskonstanten und
Cutoffs.

Matrixelements, Summierung iiber die Polarisationsvektoren des Photons und
Mittelung iiber die des Vektormesons wird dies zu:

1 AN (2 1 2 2 2 2 2
— = - (2(k k =— (k . 7.33
3§|M | 3((q)+ 7)) 5 (ka) (7.33)
Der Zerfall V' — yo wird also durch
1 vaa 2 713
| RV = — k . 7.34
Vo (m) m(mp)u (734)

bestimmt. Das o-Meson ist off-shell. Deshalb ist es notig, einen Formfaktor fiir
den V~yo-Vertex einzufithren. Wie schon im Falle des Vyr-Vertex wird fiir den
V~o-Vertex ein Monopolformfaktor angenommen:

A2, —m?
Fyo(t)= =22 <2 (7.35)
7 A, —t

Ay, wird auf einen Wert von 1 GeV gesetzt. Es zeigt sich jedoch, dafl die Er-
gebnisse fiir die Kopplungskonstanten nicht sehr sensitiv auf die Wahl des cutoffs
sind. In die Spektralfunktion des o-Mesons geht seine Breite ein. Hier wurde der
in [1196] extrahierte Wert I, ~ 350 MeV benutzt. Die sich dann ergebenden Wer-
te fiir fy,- sind in Tabelle 7.3 aufgelistet. Insbesondere der Wert fiir f,,, scheint
zu grof} zu sein, so daf} es wiinschenswert ist, andere Methoden zur Bestimmung
der Stirke der Wechselwirkung zu finden.

Wie in Kapitel 8 ndher beschrieben, gibt es in Kernmaterie einen Selbstenergie-
graphen von p-und w-Meson, der eine Massenverschiebung dieser Teilchen erzeugt
[FS97]. Diese Massenverschiebung ist direkt proportional zur Stéirke der hadro-
nischen Kopplungen fy,. Aus verschiedenen theoretischen Modellen (z.B. QCD
Sum Rules [Leul]) erwartet man Massenverschiebungen zwischen 15 — 20% bei
einfacher Kerndichte. Die durch das o-Meson generierte Massenverschiebung soll-
te eher kleiner als dieser Wert sein, da anzunehmen ist, daf§ auch weitere Prozes-
se zur Massenverschiebung beitragen. Man erhélt so einen weiteren Wert fiir die



Kopplungskonstanten fy,. Dabei ist allerdings nicht auszuschlielen, dafl einige
Prozesse zu einer Erh6hung der Masse fiihren und nicht zu einer Absenkung. Inso-
fern ist der aus der Massenverschiebung extrahierte Wert fiir fy v, nicht zwingend
eine weitere obere Grenze. Mittels VMD1 konnen daraus die elektromagnetischen
Kopplungen bestimmt werden. Sie sind in Tabelle 7.3 angegeben. Da in die For-
mel zur Bestimmung des Massenshifts auch die Cutoff-Faktoren miteingehen, sind
diese nicht unabhéngig von den Kopplungskonstanten. In dieser Arbeit wird ein
Cutoff von Ayy, = Ay,, = 1.0 verwendet. Die Cutoffs fiir den hadronischen und
den elektromagnetischen Vertex sind in strikter VMD identisch.

Der Selbstenergiegraph ist proportional zur Kopplungskonstante gy, und
zum Formfaktor. Damit ist das Ergebnis fiir fyy, und Ayy, abhéingig von diesen
beiden Gréflen. Der Selbstenegiegraph legt dann in erster Niherung die gesamte
Stédrke in dem Teil der Photoproduktionsamplitude fest, der durch das o-Meson
erzeugt wird. Kopplungskonstante und Formfaktor wurden beide aus der Arbeit
von Friman [FS97] iibernommen. Sowohl fiir das p-Meson als auch fiir das w-
Meson wird als Kopplungskonstante fy,, der jeweils kleinere von beiden Werten
genommen. Der einzige freie Parameter fiir die Berechnung der Photoprodukti-
onsamplitude ist somit Ay,. Dieser wird durch Anpassung des Modells an die
experimentellen Daten zur Photoproduktion von Vektormesonen bestimmt. Die
Ergebnisse sind in Tabelle 7.2 gezeigt.

7.5 Die Reaktion YN -V N

Wir kommen nun zur Berechung der Photoproduktion von Vektormesonen am
Nukleon. Das Betragsquadrat der Amplitude eines t-Kanal-Prozesses, bei dem ein
skalares Meson ausgetauscht wird, faktorisiert, da das Meson keine Spinindizes
tragt. Im hier diskutierten Fall:

IMynovnl? = |[Myysl? My s|* [ Dpl? (7.36)

My und My, wurden schon besprochen, also muf jetzt nur noch der Nukleo-
nenvertex ausgerechnet werden.
Die Amplitude am N N7-Vertex ist:

M =i gnnz (D) 7° u(p) (7.37)
und die am N No-Vertex hat die Form:
M = gnno u(p') u(p) (7.38)

Unter Benutzung der Spurrelationen [PS]:

Tr(y*9") = 4¢",Tr (v*) = Tr (4" 7)) =Tr (v) =0 (7.39)



findet man folgende Ergebnisse fiir die quadrierten Matrixelemente:

1
5 2 Munal* = —gin 2 (mk —pp) (7.40)
und .
5 2 Munal* = gine 2 (miy +p7) (7.41)

s,8'

Auflerdem verschwindet der Interferenzterm. Dies riihrt von der Mittelung iiber
die Spins der Nukleonen her [JK64].

Man erhilt dann fiir das spingemittelte, quadrierte Matrixelement der Photo-
produktion:
1) m-Austausch:

2
|M’YN—>VN|2 = g]2VN7r (f;:ﬁ) FNNﬁ(t)zFV77T(t)2 X
P

X2 (—m?v+pp’)< ka )2 . (7.42)

_ 2
t—mz

Ein ¢-Kanal Proze hidngt nur von der Mandelstam-Variablen ¢ ab, deswegen
sollen alle auftretenden kinematischen Faktoren durch ¢ und die Massen der be-
teiligten Teilchen ausgedriickt werden:

1
kq = —3 (t—m%,) ,
2 (m?V +pp') = - (t - 4m?\,) : (7.43)
2 (—m?\, —i—pp') = —t
Dann ist
Foor\2
Murconl = dhee (222) Bna? Ferel? (70
p
1(t—m2\?
) = 4
S (7.49

2) o-Austausch
Genauso ergibt sich fiir den o-Austausch:

2
Mowesvnl? = v (222) Pt 0

p

x (4m3, 1) i(t_m%y . (7.46)

—m2
t—m;



Mit, Hilfe der quadrierten Ubergangsamplituden ergibt sich fiir den differentiellen
Wirkungsquerschnitt [PS]:

do_ 1 |q1
dQ 6472 || s

Movosvnl? (7.47)

Dabei sind |k| und |7] die Impulse des einlaufenden Photons und des auslau-
fenden Vektormesons gemessen im Schwerpunktsystem und s = (p + k)? ist die
Gesamtenergie des Systems.

Der totale Wirkungsquerschnitt ergibt sich aus Integration des differentiellen

Querschnitts:
do do
Otot — /dQ (d_Q) = /dt (E) . (748)

Fiir den differentielle Querschnitt % erhilt man unter Benutzung der Relationen:

t = (k—q)
= m%,—QEWEV—%Z\EH(ﬂcosH

und

- dQ)
:—2 —_—
at =2 F| |1y~
folgenden Ausdruck:

do 1 11
= My novn]? . (7.49)

i = 6 i s

Bei der Produktion von p-Mesonen ist zusétzlich noch ihre grofie Breite zu
beriicksichtigen. Deswegen mufl der Wirkungsquerschnitt noch mit der Spektral-
funktion des p gewichtet und iiber die Masse des Rho integriert werden:

Vs—my
o= / 2mdm A,(m)o(m) : (7.50)

2My

Dabei kann o sowohl ein winkeldifferentieller (beziiglich des produzierten p-Mesons)
als auch der totale Wirkungsquerschnitt sein. Die Herleitung fiir diese Formel ist
identisch zu der fiir die Zerfallsbreite von Resonanzen (Gl. (5.9) und Gl. (5.11)).
Das p-Meson wird in beiden Fillen nicht als Endzustand, sondern als virtueller
Zwischenzustand behandelt, der anschlieflend in zwei Pionen zerfillt.

7.5.1 Ergebnisse

Das Kapitel zur Photoproduktion am Nukleon wird abgeschlossen mit der Prisen-
tation und Diskussion der Ergebnisse, die aus einem OBE-Modell folgen.



Zuerst sollen die Ergebnisse der w-Photoproduktion mit den vorhandenen ex-
perimentellen Daten verglichen werden.

In Abbildung 7.6 ist der differentielle Wirkungsquerschnitt fiir die Reation
vN — wN bei Laborenergien des Photons von 1.4 GeV < E, < 1.5 GeV und
1.8 GeV < E, < 1.9 GeV gezeigt. Die Daten stammen aus [Ha96], sind aber noch
nicht verdffentlicht. Bemerkenswert ist vor allem die Tatsache, dal bei grofien
Streuwinkeln das theoretische Modell offensichtlich nicht zuverlissig ist. Es zeigt
das typische Verhalen von t-Kanal-Prozessen, welche prinzpiell die Vorwértsstreu-
ung stark favorisieren. Dann ist der Impulsiibertrag ¢ am gréfiten und damit auch
die Produktionsamplitude (vgl. Gl. (7.36)). Besonders bei kleineren Energien be-
schreibt das Modell die Daten nur unvollstéindig, wihrend die Ubereinstimmung
bei groBeren Energien besser ist. Aber auch hier fillt die Rechnung bei grofien
Streuwinkeln zu stark ab.

Das Verhalten des winkeldifferentiellen Querschnitts bei groflen Streuwinkeln
ist somit nicht durch ein OBE-Modell beschreibbar. Dies kann als Hinweis dar-
auf gewertet werden, daf} eine intermedidre Resonanz angeregt wurde. In der Tat
wird in [LB197, LB297] ein Modell vorgeschlagen, in dem das o-Meson nicht vor-
kommt, welches aber unter Beriicksichtigung von Resonanzen im Massenbereich
von 1.7 — 2 GeV, die aus einem Quarkmodell generiert werden, sowie unter Mit-
nahme des m-Mesons als Austauschteilchen die differentiellen Querschnitte recht
gut beschreiben kann.

In Abbildung 7.7 ist der totale Wirkungsquerschnitt fiir die Photoproduktion
von w-Mesonen gezeigt. Die Ubereinstimmung von Experiment und Theorie ist
hier etwas besser als bei den differentiellen Querschnitten. Dies ist auch kein Wun-
der, da die relativ kleinen Beitrdge der Streuung unter grofien Winkeln, fiir welche
die Abweichung bei letzteren am grofiten war, fiir den totalen Querschnitt nicht
sehr wichtig sind. Aber auch hier gibt es eine Struktur, die durch ein OBE-Modell
nicht reproduzierbar ist. Relativ nahe an der Schwelle werden die Daten von den
Rechnungen unterschétzt, wihrend fiir etwas groflere Energien der Sachverhalt
genau umgekehrt ist. Dies deutet ebenfalls auf die Existenz einer Resonanz mit
einer Masse von ungefihr 1.7 GeV hin, welche an den N w-Kanal koppelt. Konse-
quenterweise kann in dem von [LB197, LB297| vorgeschlagenen Modell auch der
totale Wirkungsquerschnitt gut beschrieben werden.

Wie schon beim differentiellen Wirkungsquerschnitt ist die Beschreibung der
Daten bei Energien E, > 1.9 GeV besser als bei kleineren Energien. Man kann
also die Probleme bei der Beschreibung des winkeldifferentiellen Querschnitts bei
Energien E, ~ 1.5 GeV auf das Fehlen von Resonanzbeitrdgen zuriickfiihren.

Zum Abschlufl noch eine Bemerkung zum o-Austausch: der Photoproduktions-
prozef gibt keinen verlédsslichen Hinweis darauf, dafl das o-Meson wirklich exi-
stiert. Zwar konnen die Daten unter Beriicksichtigung dieses Mesons mehr oder
weniger gut beschrieben werden, aber in [FS97] wurde gezeigt, dafi dies auch in
einem Modell geschehen kann, in dem der Sigmaaustausch vernachléssigt wird.
Dies kann man schon aus Abbildung 7.7 abschitzen: dort ist zu sehen, dafl der
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Abbildung 7.6: Der differentielle Wirkungsquerschnitt j—g fiir die Reation y N —
w N bei zwei verschiedenen Photonenergien E45.

Beitrag der o-Mesons zur Photoproduktion klein gegeniiber dem des Pions ist.
Dabei sind die benutzten Werte fiir g,y und A,yny nach oben geschitzt. Die
Ergebnisse von [LB197, LB297] deuten ebenso darauf hin, daf das o-Meson zur
Beschreibung der Photoproduktionsdaten nicht zwingend erforderlich ist.

In Abbildung 7.8 ist der winkeldifferentielle Wirkungsquerschnitt fiir die Pho-
toproduktion von p-Mesonen bei zwei verschiedenen Photonenergien gezeigt. Die
Ubereinstimmung ist hier wesentlich besser als im Fall der w-Produktion. Aller-
dings sind auch die Daten élter und ungenauer, die hier aufgefiihrten Datenpunkte
umfassen alle Ereignisse aus einem Energiebereich von 1.4 GeV < EI4P < 1.8
GeV sowie 1.8 GeV < EIP < 2.5 GeV.

Ein &hnliches Bild ergibt sich aus dem Vergleich von Experiment und Theo-
rie beim totalen Wirkungsquerschnitt der Photoproduktion von p-Mesonen. Die
Ergebnisse sind in Abbildung 7.9 gezeigt. Zu jeder Photonenergie werden zwei Er-
gebnisse vorgeschlagen. Dies beruht aber nicht auf zwei verschiedenen Messungen,
sondern auf Unsicherheiten in der Extrapolation der gemessenen massendifferen-
tiellen Querschnitte auf totale Wirkungsquerschnitte.
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Abbildung 7.7: Der totale Wirkungsquerschnitt der Reaktion YN — w N als
Funktion von EX4# aufgeteilt nach den Beitréigen von 7- und o-Austausch.

Es gibt im Falle des p-Mesons keinen Grund zu der Annahme, dafl resonante
Prozesse nicht zur Produktionsamplitude beitragen, da eine ganze Reihe von
Resonanzen mit recht starker Kopplung sowohl an den N p-als auch den N ~-
Kanal existieren.

Wieder stellt sich also die Frage, ob das o0-Meson wirklich notwendig ist, um
die Daten zu beschreiben, oder ob es nur eine gliickliche Parametrisierung von
tatsichlichen physikalischen Prozessen ist. Im Gegensatz zur w-Produktion ist
eine Beschreibung der p-Daten nur mit Hilfe von Pionaustausch nicht moglich,
will man nicht Zuflucht bei unrealistischen Werten fiir die Kopplungskonstanten
und Cutoff-Parameter suchen. Aus Abbildung 7.9 geht hervor, dal das o-Meson
einen stérkeren Beitrag zur Photoproduktion als das Pion liefert (vgl. auch Ta-
belle 7.2). Dies ist konsistent mit der Tatsache, dal auch in [FS97] das o-Meson
zur Beschreibung der p-Produktionsdaten unerléfilich ist.
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Kapitel 8

Koharente Photoproduktion

In diesem Kapitel soll eine Reaktion vorgestellt werden, die Aufschluf} iiber Medi-
ummodifikationen der Vektormesonen geben kann, die kohdrente Photoprodukti-
on von Vektormesonen am Kern. Dabei soll zuerst der Begriff kohdrent erldutert
und dann die theoretischen Grundlagen des Modells diskutiert werden. Dann wird
die Produktionsamplitude fiir den Fall, daf} die produzierten Vektormesonen keine
Wechselwirkung mit den Nukleonen des Kerns erfahren, berechnet. Anschlieffend
werden einige Modelle zur Beschreibung der Wechselwirkung des produzierten
Vektormesons vorgestellt und ihr Auswirkung auf die Produktionsquerschnitte
untersucht. Es wird diskutiert, welche Observablen sensitiv auf Mediummodifi-
kationen des Vektormesons sind. Die Rechnungen beschrinken sich auf p- und
w-Mesonen.

8.1 Die kohirente Photoproduktion

Die kohédrente Photoproduktion von Vektormesonen ist ein Prozef}; bei dem ein
Kern im Grundzustand durch Wechselwirkung mit einem Photon angeregt wird
und anschlielend durch Emission eines Vektormesons wieder in den Grundzu-
stand zuriickkehrt. Der Begriff kohdrent bringt zum Ausdruck, dal der Kern vor
und nach der Reaktion im Grundzustand ist:

5y = 1) =lg)
Die Amplitude fiir den Reaktionsprozefl hat im allgemeinen die Form:
M~ (gVI|LinT L1nT|97) ; (8.1)

wobei L;yr ein Mehrteilchenoperator sein kann, der Reaktionen eines Photons
mit mehreren Nukleonen beschreibt.
Der Grundzustand |g) ist definiert als:

gy =1[ akl0) (8.2)



wobei af ein gebundenes Nukleon im Zustand |a) erzeugt.

Prinzipiell kann das Photon gleichzeitig mit mehr als einem Nukleon reagie-
ren. Die Rechnung kann aber wesentlich vereinfacht werden durch die Annahme,
dafl das Photon nur mit einem Nukleon wechselwirkt. Diese Ndherung wird als 4m-
pulse approzimation (Stofindherung) bezeichnet. Die Amplitude vereinfacht sich
dann zu:

M ~ / dizd'y S (aV|Liye (@) Lone(W)ar) (8.3)

Lyt ist in der impulse approximation ein Einteilchenoperator, der nur Wech-
selwirkungen eines Photons mit einem Nukleon beschreibt.

Ein notwendiges Kriterium fiir die Anwendbarkeit der impulse approrimation
ist, da} die Wellenlinge des Photons so klein ist, daf} es ein einzelnes Nukleon
auflosen kann. Dies ist fiir die Produktion von Vektormesonen der Fall, denn man
findet fiir die Energie, die ein Photon zur Produktion mindestens haben mu$f:

(py+p4a)> = (pv +pa)
1 m?
= E = - v 8.4
~vLAB my + 2 ma (8.4)
= E,rap = my

my ist die Masse des Kerns und p4 sein Viererimpuls. Eine Energie von E, 4p ~
0.8 GeV entspricht einer Wellenléinge des Photons von

A~ 025fm . (8.5)

Dies ist deutlich kleiner als der mittlere Abstand zweier Nukleonen im Atomkern.

8.2 Beschreibung von gebundenen Nukleonen

Die Wechselwirkungslagrangedichten Ly (z) sind Funktionen der Feldoperato-
ren ¢(z) und 1 (z), welche Nukleonen beschreiben. In Analogie zur Normalmoden-
entwicklung der Operatoren freier Nukleonen kann man sie durch einen vollstandi-
gen Satz von Eigenfunktionen des Hamiltonoperators beschreiben [SW]:

V(&) =Y (Ual®) aa + val@)b}) (8.6)

Dabei lduft die Summe iiber alle Einteilchenzusténde |«). Die Operatoren a, und
b, erzeugen bzw. vernichten gebundene Teilchen- bzw. Antiteilchenzustinde und
die Funktionen u,(Z) und v, (%) sind Eigenfunktionen des Hamiltonoperators fiir
ein relativistisches Fermion in einem Zentralpotential:

H=id—m-V(r)—=W(r)y (8.7)



und
H uo(Z) = Equo(T) i (8.8)

Die Zeitabhingigkeit der Funktionen u, und v, ist damit trivial:
Ug (T, 1) = ug(F) e Fat (8.9)

und genauso fiir v,.
Zur Klassifizierung der Losungen uq (%) und v,(Z) miissen die Konstanten der
Bewegung O des Hamiltonoperators (8.7), welche durch die Bedingung

[H,0] =0

definiert sind, gefunden werden. Fiir ein relativistisches Teilchen ist der Bahn-
drehimpuls im Gegensatz zum nichtrelativistischen Fall keine gute Quantenzahl.
Nur der Gesamtdrehimpuls j stellt ein erhaltene Grofie dar. Der Bahndrehimpuls
[ ist jedoch eine gute Quantenzahl fiir obere und untere Komponente der Lésung.
Zur Beschreibung der Eigenfunktionen des relativistischen Hamiltonoperators
(8.7) werden die folgenden Quantenzahlen benutzt: die Hauptquantenzahl n, die
z-Komponente des Gesamtdrehimpulses m sowie der Eigenwert des Operators

|
K=+" [EJ— 5] (8.10)

mit [K, H] = 0 [SW]. Der Operator K mifit, ob Spin und Gesamtdrehimpuls
parallel oder antiparallel zueinander ausgerichtet sind. Seine Eigenwerte x sind
gegeben durch:

K=+ (j + %) . (8.11)

j ist der Eigenwert des Gesamtdrehimpulsoperators J, der in einem Zentralpo-
tential eine erhaltene Grofle ist.

Weil das Potential nur von |#| = z abhingt, kann man die Eigenfunktionen
von H als Produkt von Radial- und Winkelanteil schreiben:

- _ o San() Yem(2)
Vo (T) = Ynpm(T) = ( i g () Vrm(2) ) . (8.12)
Dabei entsprechen x und —k unterschiedlichen Werten des Bahndrehimpulses (.
Der Faktor 7 in der unteren Komponente des Diracspinors wird eingefiihrt, damit
die Funktion g(x) rein reell ist.

Der Winkelanteil eines Zustandes mit den Drehimpulsquantenzahlen 7 und m
wird beschrieben als Summe aus Produkten von Bahndrehimpuls I (von grofer
oder kleiner Komponente) und Spin 3 [SW]:

1 1
ynm = Z <lml §ms|l§]m> YZm(H, ¢) Xms (813)

mp,ms



mit:
l _ { Kk, K > 0 ’ (814)

jo= el

Die Y}, sind Kugelflichenfunktionen, x,,, ist ein Pauli-Spinor.
Die Funktionen Y, erfiillen folgende Vollstindigkeitsrelation:

i 4

8.3 Die Produktionsamplitude

Als mikroskopisches Modell zur Berechnung der kohérenten Photoproduktion
von Vektormesonen am Kern wird das in Kapitel 7 vorgeschlagene OBE-Modell
benutzt. Die Amplitude hat dann eine sehr einfache Form. Wie in Kapitel 7
erldutert, faktorisiert sie nimlich in einen Teil, welcher die Wellenfunktionen des
Nukleons beinhaltet und einen Restterm, welcher den Boson-Propagator sowie
den VyB-Vertex beschreibt (s. 7.36). Unter der Annahme, dafi das produzierte
Vektormeson als ebene Welle beschrieben werden kann, ist es méglich, die Produk-
tionsamplitude auf zwei unterschiedliche und numerisch unabhingige Arten zu
berechnen. Dies bietet die Gelegenheit sicherzustellen, dafl das zur Bestimmung
der Amplitude benutzte OBE-Modell numerisch richtig implementiert worden ist.
Beide Wege zur Berechnung der Amplitude sollen im folgenden kurz vorgestellt
werden.

Eine der beiden Methoden beruht auf der Feststellung, dafy der Boson-Propaga-
tor und der VyB-Vertex sowohl fiir die Produktion am freien Nukleon als auch fiir
die Produktion am Kern dieselbe Form haben. Die Amplitude fiir die Produktion
am Kern hat dann folgende Gestalt (vgl. Kapitel 7.3):

’ — tqw ’
MW /d% 3 Do (@) T ha(z) qzeimﬂg TSk —g— k) . (8.16)
a — B
k und k' sind die Impulse von Photon und Vektormeson. €y und vy sind ihre

Polarisationsvektoren. ¢ ist der Viererimpuls des ausgetauschten Mesons. Der
Tensor T*” beschreibt den VyB-Vertex:

Lo (g k' — BV k™) Fyop(g? o — Austausch
T — m"ﬁ o ) VV;(Q ) . (8.17)
e €uvag k* k" Fyor(q?) , m — Austausch
Der Operator I' kommt aus der NN B-Kopplung und ist
I , o — Austausch
I= { —ivs ,  m— Austausch (8.18)



Betrachten wir nun den Nukleonenvertex etwas genauer. Da die Zeitabhingig-
keit der Wellenfunktionen der gebundenen Nukleonen trivial ist, kann man schrei-
ben:

My ~ [ s b { wf}%(x)em
o [ T g @@ 619

Wie man sieht, ist der Vertex My proportional zu den Fouriertransformierten
von skalarer und pseudoskalarer Dichte:

My ~FT { pﬁzgg } (8.20)
mit
ps(Z) = Z ba(Z) Va(E) (8.21)

pps(T) = Z% ) Y5 ¥alZ) (8.22)

Die Wellenfunktionen eines Nukleons vor und nach dem Stof} sind identisch, wer-
den also nicht lorentztransformiert. Dies setzt voraus, dafl der Kern durch die
Absorption des Photons nur einen vernachlédssigbaren Impuls erhélt. In diesem
Limes dndert sich die Energie eines Nukleons nicht und deshalb muf} die Energie
des Photons gleich der des produzierten Vektormesons sein. Mathematisch kommt
dies durch das Auftreten einer Energie-6-Funktion am Nukleonvertex My zum
Ausdruck. In dieser Arbeit wird die Produktion von Vektormesonen an 2C be-
rechnet. Die Energie dieses Kerns ist in etwa 12 GeV, die des Photons aber in
der Groflenordnung 1 GeV. Daher ist eine solche Ndaherung wohl recht gut.

Betrachtet sei nun der m-Austausch. Falls nur die Produktion an Kernen mit
abgeschlossenen Neutronen- und Protonenschalen betrachtet wird, z.B. an 2C
oder an °Caq, so kann man zeigen, dafi der Pionaustausch nicht zur Produktions-
amplitude beitriagt. Der Beitrag einer mit Protonen oder Neutronen aufgefiillten
Schale zu ppgs(Z) ist:

pps(Z) = 21 Zf 2) Vi (@) Ve m(2)
= 0 i (8.23)

Dabei wurde im letzten Schritt die Vollstindigkeitsrelation (8.15) ausgenutzt. Zur
kohérenten Photoproduktion triagt also nur der o-Austausch bei. Die Amplitude
ist dann gegeben durch:

1

MY = gue Faono (@) Ficern(@) s 197 By (@) A0 T . (8.24)
q _mB my



Dabei bezeichnet Fie(¢) die Fouriertransformierte der skalaren Dichte pg(Z),
wihrend Fy.,(§?) sowie Fyn,(¢?) Formfaktoren an den beiden Vertizes sind.

Es ist nur dann moglich, die Amplitude fiir die Photoproduktion am Kern in
solch eine einfache Gestalt zu bringen, wenn das Matrixelement faktorisiert. Im
allgemeinen ist dies jedoch nicht der Fall. Dann ist es n6tig, einen komplizierteren
Formalismus zu benutzen. Ein solcher wurde von [Pe98] entwickelt und beschreibt
die Amplitude in einer (Z, E')-Darstellung. In ihr werden die Wellenfunktionen des
Photons und des auslaufenden Vektormesons in einer Partialwellenzerlegung be-
schrieben. Dies erlaubt zudem die Aufgabe der Forderung, dal das produzierte
Vektormeson eine ebene Welle sein muf. Der Propagator wird ebenfalls nach Par-
tialwellen entwickelt. Im folgenden wird nun dieser Formalismus kurz vorgestellt.

Der Radialteil einer beliebigen Losung der Klein-Gordon-Gleichung ¢(k, 7)
kann in folgender Weise nach Partialwellen entwickelt werden [Jo]:

Sk, 7) = 47 Y Cum(k) Rum(kr) Vi (B) Yim (7). (8.25)

Im

Die Funktionen Ry, (k) sind Losungen des Radialteils der Klein-Gordon-Gleichung
mit einem Zentralpotential. Ebene Wellen ergeben sich dann zu:

o(k,7) =47 Y i jilkr) Yoo, (B) Yim(7) (8.26)

lym

wobei die j;(kr) Bessel-Funktionen sind.
Auch der Propagator kann nach Partialwellen entwickelt werden. Dazu benutzt
man die Relation

dPF e T Wz * (1 N
/ 23 i” _ k2 =ik lzjjz(|k|7'<) hy ' ([k|rs) Yis, (") Y (7) . (8.27)

r< und rs stehen fiir den jeweils kleineren bzw. gréfieren von |7 und |7'|. Die
hl(l) werden als Hankel-Funktionen bezeichnet. Ihre Definition sowie eine Aufli-
stung ihrer Eigenschaften findet man zusammen mit einer Herleitung der obigen
Relation in [Jo|. In einer (E, Z)-Darstellung nimmt damit der Propagator eines
skalaren Teilchens folgende Form an:

—

L dp et P(T—7)
D(E,|Z—i|) = —/ B F A= (8.28)

was der oben angegebenen Form entspricht, wenn man k2 = E? — m? setzt.

Nutzt man nun aus, dafl das einlaufende Photon eine ebene Welle ist und fiihrt
weiterhin die trivialen Energieintegrationen aus, so erhélt man fiir die Amplitude
(nur o-Austausch) folgenden Ausdruck:

MY = o 0% [ By 5 0a(@) 0@ x
m,, a



xi |q] Y- gilldir<) b (1@1rs) Y (§) Yim(2) X (8.29)

lm
xerey (9" K on (K, §) — k0" $(F', 7))
Dabei ist ¢ = /E2 — m2 und ¢(k',7) ist die Wellenfunktion des Vektormesons

(vgl. (8.26)). Wegen der Vollsténdigkeit der 1, (Z) (vgl. (8.15)) reduziert sich der
Ausdruck unter Ausnutzung der Orthogonalitit der Y, zu:

MY = go 2 iz [tae S (P (f@)f - o) x (830

orb
< | Py 0 olar ) o) Vi) 5 (9 ¥ oo, ) — b 0" 6 (R, )

Der Index orb bezeichnet dabei alle entweder mit Protonen oder Neutronen voll-
besetzten Schalen. Durch das Auftreten von Ableitungen im Vyo-Vertex kann die
d$2,-Integration nicht mehr auf einfache Weise ausgefiihrt werden. Dies kommt
daher, daf} die Y},,, keine Eigenfunktionen des Gradientenoperators sind.

Man sieht an dieser Form der Amplitude, dafl das Austauschmeson nur den
Bahndrehimpuls [ = 0 haben kann. Dies ist unabhéngig davon, welchen Spin das
Meson hat, da das Argument allein auf der Vollsténdigkeitsrelation (8.15) beruht.

Der winkeldifferentielle Wirkungsquerschnitt & d" fiir die Photoproduktion am
Kern ergibt sich aus der Produktionsamplitude gemaﬁ

do o 1 Em Eout Din

2
BT IMP (8.31)

Diesen Zusammenhang kann man sich klarmachen, wenn man vom Wirkungs-
querschnitt fiir die Reaktion YN — V N

2
- _ Z .32
dQ  (87)% s pout M| (8.32)

ausgeht und dabei beachtet, dafl dieser Ausdruck unter der Annahme, dafl die
Wellenfunktion des Nukleons auf 2 E' normiert ist, abgeleitet wird. Die Wellen-
funktion des Kerns ist hingegen auf 1 normiert, so dafl man (8.32) mit einem
Faktor 4 E;,, E,,; multiplizieren mu$.

8.4 Produktion an 2C: Freie Vektormesonen

Es sollen nun die Ergebnisse fiir die kohdrente Photoproduktion von Vektormeso-
nen fiir den Fall, daf} die Vektormesonen den Kern ohne Wechselwirkung mit den
Nukleonen verlassen, gezeigt werden. Sie konnen dann als ebene Wellen behan-
delt werden. Dazu sei zunéichst die Form der Produktionsamplitude gemif} (8.24)
betrachtet, aus der man direkt die Abhéngigkeit vom Formfaktor des Kerns ab-
lesen kann. Unter Formfaktor ist von nun an immer die Fouriertransformierte



der skalaren Dichte zu verstehen. Zu Vergleichszwecken ist in Abbildung 8.1 das
Betragsquadrat des Formfaktors von 2C gezeigt. Dieses ist proportional zum
differentiellen Wirkungsquerschnitt. Er ist gegen den Impulsiibertrag

Aq =7, — pv)? (8.33)

aufgetragen. Die Wellenfunktionen stammen aus einer relativistischen mean field-
Rechnung mit skalaren und Vektorpotentialen [PL98]. Die Parameter der Poten-
tiale wurden dabei so angepaft, dafl die Wellenfunktionen den Formfaktor von
12 bis zu einem Impulsiibertrag von Ag ~ 3fm™" gut reproduzieren [PL9S].
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Abbildung 8.1: |F(Aq)|? von '2C als Funktion von Ag.

Die Minima stammen von den Nulldurchgingen des Formfaktors. Der Formfak-
tor favorisiert kleine Impulsiibertrige und damit kleine Streuwinkel ( vgl. (8.33)).
Dies kommt daher, dal bei Ag = 0 das ausgetauschte Meson den Kern iiberhaupt
nicht in seine Strukturen auflésen kann, so dal das Photon mit dem ganzen Kern
reagiert. Fiir groflere Impulsiibertrige konnen feinere Strukturen aufgelost werden
und folglich reduziert sich der Wirkungsquerschnitt. Die Produktionsquerschnitte
werden also dann grof3 sein, wenn der minimale Impulsiibertrag Ag;, moglichst
klein ist. Agumin ist der Impulsiibertrag in Vorwértsstreurichtung und berechnet
sich geméf (8.33) zu:

AGmin = /P2 + 52 = 2|5,/ [Bv] - (8:34)



In Abbildung 8.2 sind die beiden unterschiedlichen Moglichkeiten zur Berech-
nung der Produktionsamplitude gem&f (8.24) und (8.30) fiir die Produktion von
w-Mesonen bei einer Photonenergie von EfAB = 0.85 GeV miteinander vergli-
chen. Um die Kurven unterscheiden zu koénnen, ist j—g nur iiber einen begrenz-
ten Winkelbereich 0,25 < cosf < 0,75 gezeigt. In diesem Bereich liegt das
erste Minimum des differentiellen Wirkungsquerschnitts, welcher dort eine sehr
starke Variation zeigt. Deshalb sind in dem gezeigten Bereich die numerischen
Ungenauigkeiten relativ grof. Die Ubereinstimmung beider Kurven ist dennoch
so gut, daB man davon ausgehen kann, dafl beide Verfahren numerisch richtig
implementiert wurden.

T T T T T T T T T
E,=0.85 GeV
01p E
3 -~ Berechnung geman (8.30) 7
rrrrr Berechnung geman (8.24) 1
— 0,01 E \:i;%‘:\.\ [
2
® : ;
D ksl % i
[$) : E
©
1E4 | 4
| L | ' L | L | L |

0,7 0,6 0,5 0,4 0,3

cos (6)

Abbildung 8.2: Spingemittelter Querschnitt 9 fiir die Reaktion v *C' — w '?C.
Die durchgezogene Linie entpricht einer Berechnung der Amplitude gemi$ (8.30),
die gestrichelte einer Berechnung gemif (8.24).

In Abbildung 8.3 ist g—g fiir alle Winkel gezeigt.

Die Lage der Minima des Formfaktors und der Minima von 492 sind gem#$ (8.33)
miteinander verbunden. Erwartungsgemaf ist der Wirkungsquerschnitt in Vor-
wirtsstreurichtung am grofiten und fillt zu gréfleren Streuwinkeln hin stark ab.

Ein reelles Photon hat zwei und ein massives Vektormeson drei Polarisatio-
nen, so daf es sechs Amplituden M gibt. Aufgrund von Paritéitserhaltung
sind von diesen sechs Amplituden nur drei voneinander verschieden. Dies kann
man am besten in einer Basis zirkularer Polarisationsvektoren sehen. Durch eine
Paritdtstransformation wird ein rechtshéindiges (R) in ein linkshéndiges (L) Teil-
chen iiberfithrt und umgekehrt. Ein longitudinal polarisiertes Teilchen (/) wird
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Abbildung 8.3: Spingemittelter Querschnitt 9 fiir die Reaktion v '*C' — w '?C.

Den Minima in j—g entsprechen Minima im Formfaktor.

durch Paritatstransformationen nicht verdndert. Daher gilt:

MRR — MLL
MER = MEE (8.35)
MIR — MlL

In Abbildung 8.4 sind die drei unabhingigen differentiellen Wirkungsquerschnitte
fiir die w-Produktion bei einer Energie von EX? = 0.85 GeV zu sehen. Ihr
Verhalten ist einsichtig, wenn man sich die Form des V~yo-Vertex in Erinnerung
ruft (s. (8.24)):

MY ~eae (kK — KK (8.36)

Der Vertex besteht aus zwei Summanden, einer ist proportional zum Skalarpro-
dukt zweier Polarisationsvektoren, wiahrend der andere proportional zu Termen
der Form k ¢ ist. Wenn man beachtet, dafl

(0 =180°) = ¢,(0=0°)
/(0 =180°) = €X(#=0°) und (8.37)
€, (0=180°) = € (6=0°)

ist, so ergeben sich folgende Charakteristika fiir die einzelnen Amplituden:
1) MEE = MEE Amplitude verschwindet bei Riickwirtsstreuung:

MEE@O=180°) =0 . (8.38)



2) MLE = MBRL Amplitude verschwindet bei Vorwértsstreuung:
MEE@G=0°)=0 . (8.39)

3) MLt = MEL Amplitude verschwindet bei Vorwiirts- und bei Riickwiirtsstreu-
ung:
MEPm(0 = 0°) = Mm99 =180°) =0 . (8.40)
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Abbildung 8.4: Die polarisierten differentiellen Wirkungsquerschnitte bei einer
Photonenergie von E, = 0.85 GeV.

Wenn man bedenkt, dafl das Austauschmeson keinen Drehimpuls triagt, folgt
schon aus Drehimpulserhaltung, dafl sich fiir Vorwértsstreuung die Polarisation
nicht dndern kann. Zusammen mit der Tatsache, dafl durch den Formfaktor kleine



Streuwinkel stark favorisiert werden, mifit man demzufolge mit dem polarisitions-
gemittelten Wirkungsquerschnitt im wesentlichen ML = MER,

8.4.1 w-Photoproduktion

Die Groflenordnung des differentiellen QQuerschnitts fiir die w-Produktion ist in
Abbildung 8.2 und in Abbildung 8.4 zu sehen. Das Resultat fiir den totalen
Wirkungsquerschnitt ist in Abbildung 8.5 gezeigt.

y 12C > W 12C
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Abbildung 8.5: Der totale Wirkungsquerschnitt der Reaktion v '2C — w 2C als
Funktion der Photonenergie im Laborsystem.

Die qualitativen Eigenschaften des totalen Querschnitts kann man gut verste-
hen, wenn man sich den minimalen Impulsiibertrag Agy,:» (8.34) als Funktion der
Photonenergie E, anschaut und daraus berechnet, welchen Bereich des Formfak-
tors man bei der Integration iiber den gesamten Winkelbereich abdeckt.

In Abbildung 8.6 sind der Formfaktor und der minimale Impulsiibertrag als
Funktion der Photonenergie gezeigt, wobei der Formfaktor so reskaliert wurde,
daf} die beiden Plots verniinftig {ibereinander gelegt werden konnen. Man kann
dort zu jeder Photonenergie den minimalen Impulsiibertrag Agm;,, von dem ab
der Formfaktor abgegriffen wird, ablesen. Ag,,;, nimmt bei grofleren Energien ab
und folglich wichst der Wirkungsquerschnitt mit wachsender Photonenergie. Erst
bei sehr kleinen Agpin, d.h. bei grolen Photonenergien, steigt der Formfaktor
nicht mehr so steil an. Der Anstieg des Wirkungsquerschnitts flacht dann ab
und die restlichen in 8.31 auftretenden kinematischen Faktoren sorgen schliefllich
bei Photonenergien in der Gréflenordnung E, ;4 > 2 GeV fiir kleiner werdende
Querschnitte. Dieser Energiebereich ist nicht von Interesse, so dal das Abflachen
des totalen Wirkungsquerschnitts in Abbildung 8.5 nicht mehr zu sehen ist. Das
Abflachen bei Photonenergien F, ~ 0.9 GeV soll nun kurz diskutiert werden.
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Abbildung 8.6: Formfaktor (gestrichelte Linie) und minimaler Impulsiibertrag
(durchgezogene Linie) als Funktion der Photonenergie. Der Formfaktor wurde
dabei reskaliert.

Dazu ist eine weitere Gréfle von Interesse, ndmlich der iiber alle Impulsiiber-
tréige (sprich iiber den gesamten Winkelbereich) integrierte Formfaktor X (£, ):

X(B,) = [(dAg) [F(Ag)P . (8.41)

X (E,) ist ein Ma8 fiir den rein kinematischen Anteil zur Erklirung der Struktur
des totalen Wirkungsquerschnitts. Er ist in Abbildung 8.7 dargestellt, wobei die
absolute Normierung uninteressant ist. Man erkennt deutlich den bei g, festge-
stellten starken Anstieg mit der Energie wieder. Das plateuartige Verhalten bei
E, ~ 0.9 GeV im totalen Wirkungsquerschnitt 148t sich damit erkldren, daf in
diesen Energiebereich der erste Nulldurchgang des Formfaktors féllt.

Wiéhrend einige der Strukturen der bis jetzt diskutierten (Querschnitte rein
kinematischer Natur und deshalb nicht sensitiv auf das zugrunde liegende mikro-
skopische Modell sind (z.B. der rasche Anstieg des totalen Wirkungsquerschnitts
mit wachsender Photonenergie oder die starke Favorisierung der Streuung in
Vorwirtsrichtung), ist die absolute Groflenordnung der Ergebnisse fragwiirdig.
Dies liegt in den groflen Unsicherheiten beziiglich des o-Austauschs begriindet.

Am Ende von Kapitel 7 wurde diskutiert, daf in [FS97] die Photoproduktion
von w-Mesonen am Nukleon auch ohne explizite Mitnahme des o-Mesons be-
schrieben werden kann. In einem solchen Modell wiirde der Beitrag von ¢-Kanal-
Prozessen zum totalen Wirkungsquerschnitt fiir die kohérente Photoproduktion
von w-Mesonen am Kern verschwinden, da ja der Pion-Austausch nicht zur Pro-
duktionsamplitude beitrigt.

Man kann behaupten, dafl das o-Meson nicht existiert, sondern daf} es ande-
re physikalische Prozesse parametrisiert (z.B. s-Kanal-Prozesse, bei denen eine
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Abbildung 8.7: Der integrierte Formfaktor X (E.).

Resonanz angeregt wird). Fiir die Produktion am freien Nukleon wird diese Pa-
rametrisierung so gewihlt, daf die existierenden Daten moglichst gut reprodu-
ziert werden konnen. Aus der kohdrenten Photoproduktion von n-Mesonen ist
bekannt, dafl der fiir die Produktion am Nukleon dominante Prozef3, die Anre-
gung der Resonanz N*(1535), bei der kohirenten Produktion am Kern relativ
zu anderen Beitrigen unterdriickt ist [Pe98|. Parametrisiert man also durch den
o-Austausch physikalische Prozesse, deren Beitrag zur kohirenten Produktion
stark von dem des o-Mesons verschieden ist, so treten neue Unsicherheiten bei
der absoluten Groéfle der berechneten Wirkungsquerschnitte auf.

Selbst wenn man an die Exsitenz des o-Mesons glaubt, bleiben doch grofie
Unsicherheiten beziiglich der Grofie der relevanten Kopplungskonstanten und
Cutoff-Parameter bestehen. Diese sind in dieser Arbeit nach oben abgeschétzt
worden (vgl. Kapitel 5). Die hier vorgestellten Ergebnisse stellen also eine obere
Abschétzung des Beitrags durch c-Mesonen dar.

8.4.2 p-Photoproduktion

Wir kommen nun zur Photoproduktion von p-Mesonen. Fiir das Rho ist ein grofie-
rer Querschnitt als fiir w-Mesonen zu erwarten, da f,;y & 3 fusy ist (s. Tabelle
7.3). Die restlichen Kopplungskonstanten sowie die Massen der beiden Mesonen
sind nahezu identisch, so dafl man auf den ersten Blick erwarten sollte, daf} die dif-
ferentiellen und totalen Wirkungsquerschnitte fiir die p-Produktion eine &hnliche
Form wie die fiir die w-Produktion haben, aber ungefihr eine Groéflenordnung
grofler als diese sind. Dies ist aber nur der Fall, wenn man das produzierte p-
Meson als stabiles Teilchen betrachtet. Beriicksichtigt man jedoch seine grofle
Breite, behandelt man es also als virtuellen Zwischenzustand und integriert iiber



die Spektralfunktion des freien p (vgl. Kapitel 7), so stellt man fest, dafi die
Wirkungsquerschnitte sich in der Form, aber auch in der absoluten Héhe &ndern
(Abbildung 8.8 und 8.9).
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Abbildung 8.8: Totaler Wirkungsquerschnitt fiir die p-Photoproduktion an 2C.
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Abbildung 8.9: Differentieller Wirkungsquerschnitt fiir die p-Photoproduktion an
120_

Wieder ist die Erkldrung fiir dieses Verhalten in der Kinematik zu suchen.
Um dies zu erldutern, ist in Abbildung 8.10 der minimale Impulsiibertrag bei
gegebener Photonenergie E, = 0.85 GeV als Funktion der invarianten Masse des
auslaufenden p-Mesons gezeigt. Man erkennt, dafl mit abnehmender Masse der



minimale Impulsiibertrag ebenso abnimmt. Damit gibt es bei der p-Produktion
zwei gegenldufige Prozesse: wihrend die Kinematik iiber den Formfaktor kleine
invariante Massen des Rho stark favorisiert, sind durch die p-Spektralfunktion
Massen weit abseits von m, = 768 MeV unterdriickt.
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Abbildung 8.10: Formfaktor und minimaler Impulsiibertrag als Funktion der in-
varianten Masse. Der Formfaktor wurde dabei reskaliert.

Es stellt sich heraus, dafl durch dieses Wechselspiel von Kinematik und Spek-
tralfunktion der totale Wirkungsquerschnitt ansteigt und der differentielle Wir-
kungsquerschnitt bei Vorwértsstreuung deutlich gréer ist (Abbildung 8.8 und
8.9).

Eine weitere interessante Beobachtung ist, dafl bei kleinen Energien der Ein-
flufl der Kinematik gegeniiber dem der Spektralfunktion dominiert. Bei héheren
Energien iiberwiegt hingegen die Spektralfunktion. Dies geht aus der Form des
massendifferentiellen Wirkungsquerschnitts g—fn, der in Abbildung 8.11 fiir drei
verschiedene Photonenergien gezeigt ist, hervor.

Bei einer Photonenergie von E, = 0.85 GeV erkennt man anstelle eines Peaks
bei m = 768 MeV zwei Peaks, einen in etwa bei der Ruhemasse des Rho und
einen zweiten bei etwa 550 MeV. Das Minimum zwischen diesen Peaks liegt bei
einer Masse, bei der der minimale Impulsiibertrag gerade im ersten Minimum des
Formfaktors liegt (vergleiche Abbildung 8.10). Hier dominiert also der Einfluf} des
Formfaktors.

Bei hoheren Energien tritt dieser Effekt nicht mehr auf. Zwar fiihrt eine kleinere
invariante Masse zu einem kleineren Ag,,;,, aber bei steigender Energie wandert
Agmin in Bereiche, wo der Formfaktor nicht mehr so stark variiert. Dadurch wird
der Einfluf} der Kinematik zugunsten der Spektralfunktion zuriickgedrangt und
man findet nur noch einen Peak, der sich mit steigender Energie zur p-Masse
m = 768 MeV bewegt.
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Abbildung 8.11: Massendifferentieller Querschnitt fiir die Reaktion v 2C' — p12C
fiir drei verschiedene Photonenergien.

8.5 Produktion an ?C: Mediummodifikationen

Wir kommen nun zur Untersuchung der Frage, ob die Photoproduktion von Vek-
tormesonen am Kern auf Mediummodifikationen des Vektormesons sensitiv ist.
Um diese Frage zu beantworten, mufl ein Modell entworfen werden, welches die
Wechselwirkungen des produzierten Teilchens mit dem Restkern beschreibt. Die
normale Vorgehensweise besteht darin, aus Streuung des betrachteten Teilchens
an Kernen ein Modell fiir das Potential dieses Teilchens im Kern abzuleiten. Die-
ses Verfahren wird z.B. zur Beschreibung der Endzustandswechselwirkung von
Pionen in Kernen benutzt [PL98]. Aus dem so bestimmten Potential kann dann
die Wellenfunktion des Pions bestimmt werden. Die Produktionsamplitude be-
rechnet sich dann gem#f (8.30). Das Problem ist, dafi es keine Vektormesonen-
strahlen gibt, so daf} dieser Weg hier nicht gangbar ist.

Eine relativ einfache Moglichkeit, trotzdem Aufschluf iiber die Endzustands-
wechselwirkung zu erhalten, besteht darin, das Vektorteilchen nicht als Endzu-
stand, sondern als intermedidren Zwischenzustand zu behandeln, der durch Kern-
materie der Nukleonendichte p (also nicht durch den betrachteten Kern) propa-
giert und in dieser auch zerfillt. Man kann dann verschiedene Modelle fiir die
Selbstenergie von Vektormesonen in Kernmaterie berechnen und ihre Auswir-
kungen auf die Produktionsrate studieren.

Dieser Methode liegt der in Abbildung 8.12 gezeigte Feynman-Graph zugrunde.
Dabei steht der Kreis fiir die moglichen Zerfallskanile des Vektormesons, z.B. fiir:

w — atalr

+

— efe” (WuT)



Abbildung 8.12: Beschreibung der Wechselwirkung der produzierten Vektorme-
sonen mit dem Kern.

p — mtn~

— efe (uTp)

Unter Ausnutzung der Feynman-Regeln erhélt man fiir den totalen Wirkungs-
querschnitt folgenden Ausdruck:

1 —
o = [ dm? (|Dhea(m. @) o*(m)
+ | Dhea(m, @, p) 0" (m)) mTyox . (842)

¢ ist der Impuls des auslaufenden Vektormesons. I'y_, x bezeichnet den ausgew#hl-
ten Zerfallskanal des Vektormesons und o(m) ist der Wirkungsquerschnitt fiir
die Photoproduktion eines Mesons der Masse m. o hdngt dabei nicht nur von m,
sondern auch von anderen Variablen ab, die hier der Ubersichtlichkeit halber un-
terdriickt wurden. Die Mediummodifikationen des intermedidren Vektorteilchens
gehen mittels seiner Selbstenergie, die im Propagator steht, in den Produktions-
querschnitt ein.

Die Ableitung dieser Formel geschieht analog zu der in Kapitel 5 gegebenen
fiir den Zerfall einer Resonanz R — N p — N7m und ist in Anhang D expli-
zit vorgefiihrt. Wie in (6.25) und (6.26) gibt es keinen Interferenzterm zwischen
transversalen und longitudinalen p-Mesonen. Physikalisch kann das dadurch ver-
standen werden, dafi p-Mesonen mit unterschiedlicher Polarisierung unterscheid-
bare Endzusténde sind, so dafl die Gesamtwahrscheinlichkeit fiir den Prozef} gleich
der inkohdrenten Summe der Einzelwahrscheinlichkeiten ist.

Man kann dies gut sehen, wenn man das Vektormeson als stabiles Teilchen
betrachtet, also den anschliefenden Zerfall vernachlissigt. Da die Existenz von
Interferenztermen nur von den Quantenzahlen des Vektormesons abhingt, stellt
dies keine Beeintrichtigung des Arguments dar. Die Amplitude kann dann ge-
schrieben werden als:

M=> v M* (8.43)
A



wobei vy der Polarisationsvektor eines Vektormesons ist. Fiir das quadrierte Ma-
trixelement erhélt man dann aus den Feynman-Regeln.

M =S Mo MY (8.44)
A

Daran sieht man, daf keine Interferenzterme auftreten.
Die Eigenschaften des Kerns gehen fiir die Beschreibung der Mediummodifika-
tionen nur iiber eine gemittelte Kerndichte ein:

_ [ & @ (@)w(@))”
V= B @)

Diese wird aus den Wellenfunktionen der Lésungen des jeweiligen Kerns berech-
net. Fiir den hier diskutierten Fall der Produktion an ?C ist p ~ 0.6p. Bei einer
solchen Vorgehensweise ist man allerdings nicht sensitiv auf die unterschiedlichen
Dichten im Kern. Deshalb ist dieses Verfahren nur in dem Mafe eine gute Néhe-
rung, in dem die Dichte im Kern ann&hernd konstant ist, also insbesondere bei
schweren Kernen.

Eine adidquate Beschreibung der Endzustandswechselwirkung verlangt nach
einer Darstellung des Vektormeson-Propagators im Ortsraum, damit die Infor-
mation iiber Dichtednderungen nicht verloren geht.

(8.45)

8.5.1 w-Photoproduktion

Fiir w-Mesonen ist die oben beschriebene Vorgehensweise etwas problematisch.
Bei dieser wird namlich davon ausgegangen, dafl das Vektormeson im Kern zerfillt.
Dies ist sicherlich direkt an der Produktionsschwelle der Fall, weil dann das Vek-
tormeson noch beinahe ruht. Dort sind hingegen die Wirkungsquerschnitte sehr
klein. Daher soll nun abgeschétzt werden, bis zu welchen Photonenergien das w-
Meson langsam genug ist, um bei realistischen Mediumverbreiterungen noch im
Kern zerfallen zu kénnen (hier 12C'). Solche Mediumverbreiterungen sollten einen
Wert von I'y,eq &= 50 MeV bei einfacher Kerndichte p = py nicht {iberschreiten.
Dieser Wert ergibt sich aus mikroskopischen Rechnungen zur w-Selbstenergie in
Kernmaterie [KW97].

Geht man von einer homogenen Baryonendichte im Kern aus, so berechnet sich
die mittlere, im Kern zuiickgelegte Weglinge r,, gemaf:

XNy S yiAe [ dry(e)

av = = 8.46
' N ZR A 2R (8.46)
Wertet man dieses Integral in Polarkoordinaten aus, so erhilt man fiir r,:
R [ R
T = / dg sin*() = " (8.47)
0



Die zu erwartende Lebensdauer 7 des w-Mesons ist durch seine Breite I' gege-
ben:

1
t= — . 8.48
; (5.49)
Wenn man nun verlangt, dafl der zuriickgelegte Weg z kleiner als r,, ist, so folgt:
Do
T~ BT < Taw . (8.49)

Nimmt man an, daf§ der Kernradius von '2C in etwa r ~ 2.5 fm ist, so folgt
daraus fiir die maximale Geschwindigkeit v = £, die ein w-Meson haben darf,
damit es im Mittel noch im Kern zerfillt:

Z—Z < Trgp ~ 10 % x 005~ 0.4 . (8.50)
In Abbildung 8.13 ist g—fd fiir ein w-Meson der Masse m,, = 0.782 GeV als Funk-
tion der Photonenergie E, 4, gezeigt. Man sieht daraus, dafl bis zu Energien im
Bereich von E, ;. ~ 0.85 GeV die Bedingung, dafl das w-Meson noch im Kern
zerfillt, recht gut erfiillt ist. Ebenfalls in Abbildung 8.13 ist die Geschwindig-
keit als Funktion von E, fiir eine Masse m,, = 0.705 GeV zu sehen. Auch fiir
diesen Fall sind die Rechnungen bis zu Energien, die etwa 50 MeV oberhalb der
Produktionsschwelle liegen, verlafilich.

Man sieht aber auch, dafl ein Mediumszenario, bei dem das w-Meson nur eine
Massenabsenkung, hingegen keine zusitzliche Verbreiterung erfihrt, durch das
hier verwandte Verfahren nicht beschrieben werden kann. Weiterhin kann man
behaupten, dafl bei einem solchen Szenario kaum Aussicht darauf besteht, durch
Messung der invarianten Massenspektren Aufschluf iiber Massenverschiebungen
zu erlangen. Die w-Mesonen zerfallen dann erst auflerhalb des Kerns und miissen
somit zumindest die Vakuummasse haben.

In Abbildung 8.14 ist der totale Wirkungsquerschnitt fiir die kohédrente Pho-
toproduktion von w-Mesonen an '2C' gezeigt. Die durchgezogene Linie entspricht
einem Szenario ohne Mediummodifikationen, die gestrichelte einem Szenario mit
einer Verbreiterung, aber ohne Massenverschiebung. Die dritte Linie schlieflich
entspricht dem Fall, dafl das w-Meson sowohl eine Massenabsenkung als auch eine
Verbreiterung erfihrt. Die Beschreibung von hadronischen Endzusténden (vor al-
lem des Zerfalls in drei Pionen) ist technisch sehr aufwendig, da die Endzustands-
wechselwirkung der Pionen mitberiicksichtigt werden muf. Deshalb werden nur
Querschnitte fiir die Dileptonenproduktion gezeigt. Man sieht allerdings, daf} die
Querschnitte sehr klein sind und sich im pb-Bereich befinden.

Die Massenverschiebung erzeugt wieder einen relativ starken Anstieg des Wir-
kungsquerschnitts. Dies kann man anhand von Abbildung 8.15 verstehen, in der
der integrierte Formfaktor fiir den Fall einer w-Masse von m,, = 782 MeV und fiir
my, = 705 MeV gezeigt ist. Wie im Fall der Produktion von freien p-Mesonen (vgl.
Abbildung 8.8) sieht man eine starke Sensivitit auf die Masse des produzierten
Teilchens, verursacht vom Einflul des Formfaktors.
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Abbildung 8.13: Die Geschwindigkeit des produzierten w-Mesons als Funktion
von E, fiir zwei verschiedene Massen m,,.
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Abbildung 8.14: Der totale Querschnitt fiir die Reaktion v!2C — w!?C —
Dileptonen 2C fiir verschiedene Mediummodifikationen des w-Mesons.

Da durch die per Hand eingefiihrte konstante Breite I' effektiv Absorptions-

prozesse beschrieben werden, fiihrt die Verbreiterung primér zu einer Reduktion
des Querschnitts und zu einer starken Verschmierung der Schwelle.
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Abbildung 8.15: Der integrierte Formfaktor fiir zwei verschiedene Massen des
w-Mesons.

8.5.2 p-Photoproduktion

Fiir p-Mesonen ist die Annahme, daf§ das produzierte Vektormeson noch im Kern
zerfillt, aufgrund ihrer groflen Zerfallsbreite sehr viel leichter zu rechtfertigen als
fiir w-Mesonen. Durch Mediummodifikationen kann diese Breite nur vergroflert
werden, was die Qualitdt der Abschitzung weiter verbessert. Erst weit abseits
der Schwelle bei Photonenergien von E, > 1 GeV konnen die produzierten Rho-
Mesonen auch aufierhalb des Kerns zerfallen (vgl. Abbildung 8.13).

Fiir die p-Mesonen wurden zwei verschiedene Mediummodifikationen unter-
sucht:

1) Massenabsenkung durch Tadpole-Diagramm

Der Produktionsprozel wird in dem hier vorgestellten Modell durch einen ein-
fachen o-Austausch beschrieben. Obwohl es durchaus moglich ist, dal das o-
Meson kein physikalisches Teilchen ist, sondern nur einen zwei Pionen-Austausch
parametrisiert, ist es interessant, einen Beitrag zur p-Selbstenergie zu betrachten,
der iiber das o-Meson stattfindet:

Dieses Diagramm kann nicht geschnitten werden, so dafl es keinen Imaginérteil
besitzt, also keine Verbreiterung des p-Mesons erzeugt. Die explizite Berech-
nung dieses Diagramms ist problemlos und man erhélt unter Benutzung des low
density-Theorems (vgl. Kapitel 3) folgenden Ausdruck (vgl. [FS97]):

f ppo

p

1
S*(q%) = pgn o 2 Fyno(q? = 0) F,pp(q* = 0) > TH ) (8.51)

Das Auftreten des 4-transversalen Projektors T"" indiziert, dafl dieser Selbstener-
giebeitrag fiir transversal und longitudinal polarisierte Rho-Mesonen gleich ist.



Z

O

=
.
W
1=

Abbildung 8.16: Beitrag zur Selbstenergie von Vektormesonen durch o-
Austausch.

Integration iiber die Fermikugel fiihrt zu folgendem Ergebnis:

o 1
X"(¢*) = gnno o —5 Fnne(0) Fypo(0) x
p My
PF s
1
><T’“’4mN/ ’p (8.52)

! 27)% 2.\ /p2 + m2,

Es zeigt sich allerdings, dafl die durch die Fermibewegung der Nukleonen ver-
ursachten Korrekturen klein sind. Anhand dieses Diagramms wurde die Kopp-
lungskonstante f,,, sowie der cutoff des ppo-Vertizes bestimmt. Da hier auch
die Werte der Kopplungskonstante und des cutoff-Parameters des N No- Verti-
zes eingehen, sieht man, dafl durch diesen Graph die Grofle des o-Beitrags zur
Photoproduktion im wesentlichen festgelegt ist. Jede einzelne dieser Gréflen kann
mit gutem Grund angezweifelt werden, aber in den Wirkungsquerschnitt geht nur
ihre Kombination ein.
2) Selbstenergie aufgrund von N p-Streuung

Es wurde weiterhin untersucht, inwiefern eine Selbstenergie, die auf N p-Streuprozessen
beruht, die Wirkungsquerschnitte der kohdrenten Photoproduktion beeinflufit.
Die Betrachtung solcher Mediummodifikationen ist allerdings aus zwei Griinden
nicht konsistent mit dem Modell fiir die Produktionsamplitude. Erstens beruht
es ausschlielich auf NV p-Streuung in Resonanzen. Solche Prozesse wurden fiir die
Photoproduktion gar nicht beriicksichtigt, obwohl es sehr wohl Resonanzen mit
starker Kopplung an N p und an N « gibt. In einer konsistenten Beschreibung
miifiten aber eigentlich die zur Produktion in Betracht gezogenen Teilchen die
gleichen wie die zur Berechnung der In-Medium-Selbstenergie benutzten sein. Ei-
ne weitere Inkonsistenz liegt darin begriindet, dafl die Berechnung der Produktion
im Rahmen eines relativistischen Modells durchgefiihrt wurde, die Berechnung
der Selbstenergie aber nur in einer nichtrelativistischen Ndherung. Wie in Abbil-
dung 8.13 gezeigt, sind die Impulse der produzierten p-Mesonen mindestens in
der Groflenordnung p, ~ 0.5 —1 GeV, in der die nichtrelativistische Rechnungen
zur Selbstenergie nicht mehr glaubwiirdig sind (s. Diskussion in Kapitel 4).



In Abbildung 8.17 sind die Effekte der Mediummodifikationen auf den totalen
Wirkungquerschnitt fiir die p-Photoproduktion zu sehen. Dabei wurde wieder die
Dileptonenproduktionsrate berechnet.

y *’C -> Dileptonen **C
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Abbildung 8.17: Totaler Wirkungsquerschnitt fiir die Produktion von Dileptonen
iiber das p-Meson an '2C. Es sind die Ergebnisse fiir verschiedene Mediummodi-
fikationen des produzierten p-Mesons gezeigt.

Der Hauptunterschied ist die Grolenordnung der einzelnen Querschnitte. Was
die relative Grofle der Wirkungsquerschnitte betrifft, so sind die Ergebnisse mit
denen fiir die w-Produktion konsistent. Wieder beobachtet man ein starkes An-
wachsen bei einer einfachen Massenverschiebung hin zu kleineren Massen und
eine deutliche Abschwichung durch absorptive Prozesse, beschrieben durch den
Imaginérteil der Selbstenergie. Es handelt sich dabei vor allem um Prozesse der
Art p N —- M N, wobei M fiir ein beliebiges Meson steht.

Man erkennt, daf bei kleinen Energien der Wirkungsquerschnitt durch die p V-
Streuung im Vergleich zum freien Fall etwas vergroflert wird. Dieses unerwartete
Verhalten 148t sich anhand von Abbildung 8.20 verstehen. Dort ist die Grofie

H = |Dyea|*Tpyun (8.53)

einmal fiir den Fall eines freien p-Mesons und einmal fiir den Fall eines durch
p N-Streuung modifizierten transversalen oder longitudinalen p-Mesons gezeigt.
Der Impuls wird dabei konstant gehalten, g, = 0.5 GeV. Zu Vergleichszwecken
sind auflerdem AT und Al abgebildet.

Die Differenz in der absoluten Grofle der Wirkungsquerschnitte in Abhéngig-
keit vom gewihlten Szenario ist kein eindeutiges Signal fiir die Art der Medi-
ummodifikation, solange weder das mikroskopische Modell zur Produktion noch
die Beschreibung der Wechselwirkung Vektormeson-Kern ausgefeilt sind. So be-
stehen erhebliche Unsicherheiten beziiglich der Kopplungskonstanten, aber auch



im OBE-Modell zur Bestimmung der Produktionsamplitude. Im Rahmen einer
solchen genaueren Rechnung kann es durchaus zu groBen Anderungen in der
absoluten Gréfie der Querschnitte kommen. Daher sind neue Strukturen interes-
santere Mediummodifikationen, da sie unabhéngig von der absoluten Grofle der
Querschnitte sind.

Wiéhrend der totale Wirkungsquerschnitt solche neuen Strukturen nicht auf-
zeigt, ist der massendifferentielle Querschnitt g—; eine interessante Grofle. Er ist
in Abbildung 8.18 fiir eine feste Photonenergie £, = 0.85 GeV gezeigt.
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Abbildung 8.18: Massendifferentieller Wirkungsquerschnitt fiir verschiedene Me-
diummodifikationen des produzierten p-Mesons bei einer Photonenergie von
E, = 0.85 GeV. Gezeigt sind Dileptonenproduktionsraten.

Der wesentliche Unterschied zwischen den einzelnen Kurven ist neben der ab-
soluten Hohe die relative Gewichtung der beiden Peaks. Wihrend fiir den Fall,
dal das p-Meson gar nicht modifiziert wird, noch relativ viele Pionenpaare mit
einer invarianten Masse von ca. 750 MeV auftreten, indizieren beide Szenari-
en mit Mediummodifikationen eine starke Unterdriickung von Teilchenpaaren in
diesem Massenbereich. Die Erklarung ist natiirlich, dal in beiden Szenarien die
Spektralfunktion des p-Mesons ihr Maximum bei kleineren invarianten Massen
hat und daher der Einflufl des Formfaktors, der kleine p-Massen bevorzugt, eher
verstirkt wird. Im wesentlichen ist die Aussage, dafl eine starke Unterdriickung
von invarianten Massen nahe der p-Masse im Massenspektrum als ein Hinweis
auf Mediummodifikationen des p interpretiert werden kann.

Bei der Berechnung der Spektralfunktion (Kapitel 6.2 und 6.5) stellte sich
heraus, daf} fiir grole rdumliche Impulse des p-Mesons die Spektralfunktion je
nach Polarisation verschiedene Strukturen zeigt: Wihrend A7 sehr stark aus-
geschmiert wird, hat A” groSe Ahnlichkeit mit der Vakuumspektralfunktion des
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Abbildung 8.19: Auswirkung von p N-Streuprozessen auf die Wirkungsquer-
schnitte fiir die Produktion transversaler und longitudinaler p-Mesonen. Gezeigt
sind die Dileptonenproduktionsraten.

p-Mesons. Schon an der Produktionsschwelle sind die typischen p-Impulse in etwa
¢, = 0.5 GeV. Bei diesen Impulsen ist der Unterschied von A" und A bereits sehr
grof3. Daher sollte der Einflul der p N-Streuung auf die Photoproduktion longi-
tudinaler p-Mesonen wesentlich kleiner als auf die Photoproduktion transversaler
p-Mesonen sein. Dies wird von Abbildung 8.19 bestétigt. In ihr sind transver-
saler und longitudinaler Produktionsquerschnitt einzeln gezeigt. Beide wurden
gemif (8.42) berechnet.

Man sieht, daf der longitudinale Querschnitt (o) im Vergleich zum transversa-
len (or) nur relativ schwach abgesenkt wird. Aus dem experimentellen Vergleich



von o7 und oy, kann man also Hinweise tiber die Art der Mediummodifikationen
bekommen. ine einfache Massenabsenkung basierend auf Abbildung 8.16 fiihrt
z.B. zu einer Selbstenergie, die fiir longitudinal und transversal polarisierte Vek-
tormesonen gleich ist und 148t somit o7 /0, unveréndert.
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Abbildung 8.20: H (vgl. (8.53)) bei festem p-Impuls g, = 0.5 GeV. Oben ist H
fiir transversal polarisierte, unten fiir longitudinal polarisierte p-Mesonen gezeigt.

Interessant ist, dafl bei kleinen invarianten Massen H durch die p N-Streuung
etwas grofler wird. Dies folgt daraus, dafl durch diese Streuprozesse die Wahr-
scheinlichkeit, ein p-Meson weit ab von der Massenschale bei kleinen Massen zu
produzieren, ansteigt. Bei grofleren invarianten Massen dominieren hingegen ab-
sorptive Effekte, die durch den Imaginérteil der p N-Streuamplitude verursacht
werden.



Dadurch ist auch versténdlich, warum bei kleinen Energien der mediummo-
difizierte Querschnitt grofler als der freie Querschnitt ist. Bei geringen Energien
sind kleine invariante Massen relativ wichtig (vgl. Abbildung 8.11). Die durch
Streuprozesse leicht erhohte Populationswahrscheinlichkeit kleiner Massen fiihrt
dann zu etwas grofleren Querschnitten. Bei héheren Energien tritt dieser Effekt
erwartungsgeméfl nicht mehr auf.

Zum Abschlul noch ein Kommentar zu den Dileptonenspektren. Es existiert
hier ein Konkurrenzprozef}, ndmlich der Bethe-Heitler-Prozef}. Dieser fiihrt insbe-
sondere fiir den Fall, dafl Elektronenpaare produziert werden, zu grofien Beitrigen
[Sc94]. Fiir die Produktion von Myonenpaaren ist sein Einfluf§ hingegen nicht so
grof}. Es gibt experimentelle Vorschldge, wie man den Beitrag von Bethe-Heitler-
Prozessen abtrennen kann. Nihere Informationen dazu sind in [Pr89] zu finden.



Kapitel 9

Zusammenfassung

In dieser Arbeit wurden die Eigenschaften, d.h. Masse und Breite, von p-Mesonen
in Kernmaterie diskutiert. Die relevante Grofle zur Beschreibung von Masse und
Breite eines Teilchens ist seine Spektralfunktion. Zur ihrer Berechnung wurde
vor allem der Einflufl von Streuprozessen der Art p N — R beriicksichtigt. Erste
Rechnungen dieser Art wurden von [FP97] durchgefiihrt. Allerdings wurde dort
nur der Effekt von Resonanzen positiver Paritdt untersucht und die présentier-
ten Rechnungen sind nur bei relativ geringen Nukleonendichten zuverlédssig. In
der hier vorliegenden Arbeit wurde das Modell so erweitert, dal auch der Ein-
flufl von Resonanzen negativer Paritét beriicksichtigt werden konnte. Dabei wurde
festgestellt, dafl diese die Spektralfunktion des p-Mesons sehr viel stiarker beein-
flussen als Resonanzen positiver Paritdt. Insgesamt wird durch den Einflufl der
p N-Streuung mehr Stérke zu kleinen invarianten Massen gezogen.

In einem zweiten Schritt wurden dann die Auswirkungen einer modifizierten
Spektralfunktion auf die Eigenschaften der Resonanzen untersucht. Dazu wurde
die Zerfallsbreite der Resonanzen in den p N-Kanal berechnet, welche von der
p-Spektralfunktion abhingt. Da durch die Mediummodifikationen die Populati-
onswahrscheinlichkeiten von p-Mesonen mit kleinen invarianten Massen erhdéht
werden, steht fiir den Zerfall der Resonanz mehr Phasenraum zur Verfiigung und
die Zerfallsbreite nimmt stark zu.

Es wurde dann diskutiert, da} mit dem vorgestellten Verfahren Streuprozesse
eines p-Mesons mit mehreren Nukleonen beschrieben werden. Diese sollten ins-
besondere dann wichtig sein, wenn das Rho die einzelnen Nukleonen nicht mehr
sauber auflésen kann, also entweder bei geringen Impulsen [7,| oder bei grofien
Nukleonendichten. Diese Vermutung wird durch die Ergebnisse bestérkt.

Zum Abschlufl wurde der mogliche Effekt anderer, gleichzeitig stattfinden-
der physikalischer Prozesse untersucht. Sowohl eine starke Verbreiterung des p-
Mesons als auch eine Massenverschiebung des p-Mesons dndern die qualitativen
Strukturen der Spektralfunktion nicht so stark, dal eine Betrachtung von p N-
Streuprozessen, bei denen eine Resonanz angeregt wird, iiberfliissig ist.

Schwerer ist es hingegen, den Einfluf} einiger in den Rechnungen gemachter
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Néherungen abzuschédtzen. Weder der Einflufl der nichtrelativistischen Behand-
lung der Fermionen noch die Tatsache, dal bei der Beschreibung der Mediu-
meigenschaften der Resonanzen der Realteil deren Selbstenergie nicht betrachtet
wurde, ist ohne detaillierte Rechnungen leicht zu bestimmen.

Im zweiten Teil der Arbeit wurde dann eine Observable vorgestellt, die Auf-
schluf} iiber die Mediumeigenschaften von Vektormesonen geben kann, die kohéren-
te Photoproduktion von Vektormesonen am Kern. Weil das einlaufende Photon
nur elektromagnetisch wechselwirkt, ist dies ein relativ sauberer Prozef3. Die Vek-
tormesonen haben eine relativ grofle Breite. Daher ist es notwendig, sie als inter-
medifre Zustidnde, die anschlieflend in diverse Endkaniile zerfallen, zu behandeln.
Dabei ist es am sinnvollsten, als Endkanal Dileptonen zu wéhlen. Diese verlassen
den Kern ohne weitere Wechselwirkungen und sind damit gut geeignet, Informa-
tionen iiber Mediummodifikationen der Vektormesonen zu erhalten.

Bei den Rechnungen wurde auf ein bereits existierendes Programm zur Berech-
nung der kohdrenten Photoproduktion von pseudoskalaren Mesonen (7, n) [PL9§]
zuriickgegriffen. Damit wurden dann Wirkungsquerschnitt fiir die Produktion von
w- und von p-Mesonen berechnet. Fiir die Produktion am Nukleon wurde dabei
ein Bosonen-Austausch-Modell zugrunde gelegt [FS97, JK64|.

Der Wirkungsquerschnitt fiir die Produktion von Dileptonen ist nahe an der
Produktionsschwelle in der Gré88enordnung o = 1 pb fiir w-Mesonen und o ~ 100
pb fiir p-Mesonen.

Es wurde dann in einem recht einfachen Modell der Einflul von verschiede-
nen Mediummodifikationen der Vektormesonen auf die Produktionsquerschnit-
te bestimmt. Durch die starke Abhéngigkeit der Querschnitte vom Formfaktor
des Kerns sind diese auf Modifikationen der Spektralfunktion relativ sensitiv, so
dafl die Groe der Querschnitte je nach gewihltem Szenario stark variiert. Da
allerdings das Modell absolute Werte nur unzuverlissig wiedergibt, ist es interes-
santer, nach deutlichen Verédnderungen von Strukturen in den Querschnitten zu
suchen.

Wihlt man als Mediumszenario die im ersten Teil der Arbeit bestimmte Spek-
tralfunktion, so findet man eine deutliche Absenkung des Produktionsquerschnitts
fiir transversale p-Mesonen, aber nur eine leichte fiir longitudinale p-Mesonen.
Dies resultiert aus dem Verhalten von longitudinaler und transversaler Spetral-
funktion bei den bei der Photoproduktion auftretenden Rho-Impulsen, die in der
Grofenordnung |p,| ~ 0.5 GeV liegen. Damit kénnte das Verhéltnis von trans-
versalem und longitudinalem Querschnitt Hinweise iiber die Art der Mediummo-
difikationen liefern.



Anhang A

Kontraktionen von €,,,3

In diesem Anhang soll skizziert werden, wie ein Produkt der Form €,,q4 eH'v'a'f
mit zwei gleichen Indizes kontrahiert werden kann. Dazu zeigt man am einfachsten
zuerst, was das Ergebnis der Kontraktion zweier e-Tensoren mit vier gleichen
Indices ist:

B

€uvap el = €uvap €Ep'v' o' B! glml gw/’ gaa gﬂﬁ . (Al)

Fiir eine beliebige Kombination von u # v # « # (3 ist dies:

€ap €gvap (+1) (=1) (=1) (=1) = (1) (1) (=1) = (=1) . (A.2)

Es gibt nun 24 Moglichkeiten, einen Satz {p v« f} mit p # v # a # [ zu wihlen.
Damit ergibt sich:
Cuvap €V = —24 . (A.3)

Sind nur zwei der vier Indizes gleich, so gilt fiir die Kontraktion
€povp Ealvp = C (gl’f 9o — 9 gg) . (A.4)

Die Konstante ¢ wird nun durch Kontraktion der verbleibenden beiden Indizes
bestimmt, da man ja weif, dal das Ergebnis der vollstdndigen Kontraktion —24
ist.

c (gl’jgg — gggg) =c(4dx4—4) ) (A.5)

Damit bestimmt man ¢ zu ¢ = —2.
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Anhang B

Projektoren auf Spin-%- und

Spin-%-Zustéinde

In diesem Anhang werden die in einer nichtrelativistischen Rechnung benétig-
ten Projektoren auf Spin-3/2-Zustdnde P3/, sowie auf Spin-5/2-Zustidnde P;/,
ausgerechnet,.

Es soll mit P3/; begonnen werden. Dieser ist definiert als:

Pily = > x: 8 S x
= Y SiEshis (B.1)

wobei die S-Operatoren in Kapitel 4 angegeben sind. Von der ersten zur zweiten
Zeile wurde die Orthonomiertheit der Pauli-Matrizen ausgenutzt.

Der Spin-3/2-Zustand (Resonanz) wird durch die Kopplung eines Spin-1-Zustands
(Vektormeson) und eines Spin-1/2-Zustands (Nukleon) gebildet. Zur Konstruk-
tion des Projektors stehen damit zwei Operatoren zur Verfiigung: der Spin-1-
Operator L sowie der Spin-1/2-Operator S. Damit hat P; /2 die Form:

Pyp=a(1+8LS) . (B.2)
a und $ konnen nun aus den Forderungen
P3jl1/2) = 0 (B.3)

bestimmt werden. Dazu berechnet man mit Hilfe der Beziehung
JP=1*+524+2LS (B.4)
die Wirkung von LS auf |3/2) bzw. [1/2). Man findet so, daB
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Der so gefundene Operator kann nun in einer Basis explizit ausgeschrieben
werden. In der kartesischen Basis lautet die Darstellung von L; [EW]:

(Li)jk = —i€yp - (B.6)
Auflerdem gilt:
iﬁijk O = 0;05 _6ij . (B7)
Damit wird Ps/, zu:
ij LR
Py, =17 — 39 o’ (B.8)
und P1/2 ist:
ij 2
P1;2 = 3 o' o? . (B.9)
Mit
Tro'o? =26 (B.10)

gilt fiir die Spur iiber die Pauli-Indizes der Projektoren:

TP, = - 60
r 3/2 3 ’
TP, = 259 (B.11)

Wir kommen nun zur Berechnung von Psj;. Will man in Analogie zu Ps),
den Spin-5/2-Zustand aus Spin-2- und Spin-1/2-Zusténden bilden, so findet man
folgenden Ausdruck fiir Ps/o:

3 2 — =

Dabei steht D fiir einen Spin-2-Operator und S wieder fiir eine Spin-1/2-Operator.
Man kann nun versuchen, den Spin-2-Operator durch Spin-1-Operatoren auszu-
driicken. Dann wird der Spin-5/2-Zustand als Summe von zwei Spin-1-Zusténden
und einem Spin-1/2-Zustand beschrieben. Ps/, trigt dann vier Indizes, zwei von
jedem der beiden Spin-1-Anteile:

717 3 =11 ;1.1 2 1! = .71 -1/ = 1.7 = ! !
Pg/l;k — g (I[]l ik + g (5zk (Lg)ﬂ + 5]l (Ll)zk ) S) P2klk1ll ) (B13)
Dabei ist P¥'F'! ein Projektor, der folgende Eigenschaften erfiillt:

Pul2) = 120
P2 11|1> = 0 , (B14)
P, 11|0>

Il
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Angewandt auf einen aus zwei Spin-1-Zustdnden zusammengesetzten Zustand
projeziert er also auf denjenigen Zustand, welcher den Gesamtspin S = 2 besitzt.
Da P, 1; drei Bedingungen erfiillen mufl, umfafit seine Darstellung in Spin-1-
Operatoren drei Terme:

P2 11 = Oj+ﬁ (El Eg) +’)/ (El E2)2 . (B15)

Aus (B.14) bestimmt man «, 3 und 7:

1
a=g =5 . 7 (B.16)

Unter Ausnutzung der Tatsache, daf} in einer kartesischen Darstellung gilt:
> o\ KKV 1 -
(LiLy) ™ =dMe¥r — oMot (B.17)
erhalt man schlielich fiir Py 1:

kk'l
P2 1 —

(5kk’ 5ll’ + 5kl’ 5lk’) - %6”‘5 5l’kz’ . (B18)

N | =

Setzt dies in (B.13) ein und benutzt dort fernerhin die kartesische Darstellung

von I_:,-, so erhilt man nach langerer Rechnung schliefflich folgendes Resultat fiir
P5/22

. 1, .., L 1 g
lik i 7 [}
Pyt = 5 (0% 9"+ 6" 5%) - S g oY

1
—E (O'iO'l (Sjk-i‘O'iO'k 5jl+ 0j 0y (Sik-i-UjO'k 5,1) . (Blg)

Dies stimmt mit dem in [FP97] angegebenen iiberein.



Anhang C

Cutkosky’s cutting rules

In diesem Kapitel sollen Cutkosky’s cutting rules wenn nicht exakt hergeleitet,
so zumindest doch motiviert werden.

Die cutting rules beruhen auf der Unitaritét der S-Matrix. Diese kann in fol-
gender Form durch die T-Matrix ausgedriickt werden:

S=1+iT . (C.1)

Dabei steht die T-Matrix in folgendem Zusammenhang zur Feynman-Amplitude
M [PS]:

(fITliy = 27m)* 6" (i —pp)iMGE— f) (C.2)
|i) und | f) konnen beliebige Mehrteilchenzusténde sein. Die Forderung nach Uni-
taritdt der S-Matrix fiihrt dann zu folgender Bedingung fiir die 7-Matrix:

StS = 1 —iTH (A +iT)
= 1-2ImT+7T'T
=1 (C.3)
=2ImT = T'T

Damit wird der Imaginérteil eines 2n-Punkt-Graphen mit einem 4n-Punkt-Graphen
in Verbindung gesetzt.

Es sei nun ein Prozef§ betrachtet, bei welchem [i) = | f) ist. Beispiele dafiir sind
Vorwértsstreuamplituden oder Selbstenergien. Dann folgt aus der Unitaritiat der
S-Matrix:

20m(i[T}i) = D ([T"|5)(5|Ti) (C4)

= S IGITI

Dabei ist zu beachten, da8 durch die §-Funktion in (C.2) die Zusténde |j) auf die
Massenschale gesetzt werden. Die Anwendung dieser Beziehung sei nun fiir die
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Selbstenergie eines p-Mesons im Vakuum demonstriert. Es folgt:

Im¥, ~3 T, . (C.5)
J

Dabei steht auf der rechten Seite die Zerfallsbreite und nicht blofl das quadrierte
Matrixelement, weil in der Summe iiber alle Endzustdnde auch verschiedene ki-
nematische Situationen der beteiligten Teilchen beinhaltet sind. Der Imaginérteil
der p-Selbstenergie kann also erhalten werden, indem man sdmtliche Zerfalls-
kanile des p-Mesons im Vakuum aufaddiert. Der bei weitem dominante Kanal ist
der Zerfall in zwei Pionen. Damit gilt:

1
m¥%, = IM[> P.S.

P.S. steht fiir den Phasenraum der 2-Pionen-Zustinde und es wurde ausgenutzt,
daB

D=—— |MPPS. | (C.7)

wobei m die Masse des zerfallenden Rho-Mesons ist.

Cutkosky’s cutting rule gibt folgende Anweisung: Um den Imaginérteil einer
beliebigen Vorwirtsstreuamplitude oder Selbstenergie zu erhalten, mufi das kor-
respondierende Feynman-Diagramm auf alle moglichen Arten geschnitten und
die virtuellen Teilchen miissen auf die Massenschale gesetzt werden. Letzteres
wird durch die §-Funktion in (C.2) erzwungen. Die Betragsquadrate der beim
Schneiden entstehenden Diagramme ergeben den gesuchten Imaginérteil.

Zur Tlustration sei nun Abbildung C.1 betrachtet. Ein Schnitt ist nur im Pion-

Abbildung C.1: Cutkosky’s cutting rule erlautert anhand der p-Selbstenergie.

Loop moglich. Damit ist, wie oben schon diskutiert, die p-Selbstenergie propor-
tional zum Betragsquadrat des Matrixelements M,,_, ., integriert {iber alle Pio-
nenendzusténde.

Zur weiteren Illustration sei nun Abbildung C.2 betrachtet. Dort ist die e™ e -



Abbildung C.2: Die e' e -Vorwirtsstreuamplitude und ihre Beziehung zur p-
Spektralfunktion.

Vorwirtsstreuamplitude im Falle von strenger Vektormesondominanz [Sa, CP97]
abgebildet, das Photon kann nur iiber das p-Meson an Hadronen koppeln. Der
Kreis in der Mitte bezeichnet die Selbstenergie des Rho-Mesons, im Vakuum
also bei Energien in der Groflenordnung von 1 GeV den Zerfall in Pionen. Die
cutting rules sagen nun aus, dafl die et e”-Vorwirtsstreuamplitude proportional
zum totalen Wirkungsquerschnitt fiir den Prozef§

ete —mtm (C.8)

ist. Sie ist aber weiterhin proportional zur p-Spektralfunktion. Man erhalt explizit
folgende Formel fiir den Wirkungsquerschnitt der Reaktion:

IM|* P.S.
4/ Pe

= SImMere-ee-

—_

1
4/ Pe

= Alm) (mﬁf& . (C.9)

\)

m4 Q—gp

Dabei ist m ist invariante Masse des eTe -Paares, p, der Impuls des Elektrons
im Schwerpunktsystem und g, = 2.51.

Findet der Prozef} in Kernmatiere statt, so beinhaltet die p-Selbstenergie nicht
nur den Zerfall in zwei Pionen, sondern auch andere Anregungsmoden, z.B. die
Anregung von Resonanz-Loch-Zustdnden. Dann ist die Vorwéartsstreuamplitu-
de proportional zu allen moglichen hadronischen Endzustédnden, die sich beim
Schneiden ergeben. Dies erklirt, warum die Rho-Spektralfunktion von grofler
Bedeutung bei der Interpretation von Dileptonenspektren aus Schwerionenkolli-
sionen ist: Der Haupteil der Dileptonen entsteht aus 7+ 7~ -Annihilation.



Anhang D

Berechnung von o, g,y g

In diesem Anhang soll explizit gezeigt werden, dafl der Wirkungsquerschnitt fiir
die Produktion von Vektormesonen, die anschliefflend z. B. in Dileptonen zerfal-
len, eine inkohdrente Summe aus Wirkungsquerschnitt fiir longitudinal und fiir
transversal polarisierte p-Mesonen ist:

oc=o0+o0r (D.1)

Das quadrierte Matrixelement fiir den in Abbildung 8.12 gezeigten Prozef hat
folgende Form:
MP = 3 M M* vl’)f v;},’ ot YR x
AN
1 1

"= my R0) @ - mh £ 5(V)

(D.2)

Dabei ist M* das Matrixelement zur Produktion des Vektormesons und F" ist
der Vertexfaktor am Zerfallsvertex. Der Vektormesonpropagator wurde in folgen-
der Form geschrieben (2.48):

D, = A D.
K ¢ —m} — () (D.3)

Allgemein ist damit der Wirkungsquerschnitt fiir die kohdrente Produktion
von Dileptonen gegeben durch:

o = 1 / P d®py d3p, y
 FluB J (27)32Ek (27)32E,1 (27)32E
x|M[* (21)* 6" (p — px —p1 —p2) - (D.4)

p ist dabei der Viererimpuls der einlaufenden Teilchen:
p=p,+Pg - (D.5)

133



p1 und po sind die Impulse der beiden Zerfallsprodukte. px ist der Viererimpuls
des auslaufenden Kerns.

Wie in Kapitel 5 erldutert, wird der 3-K6rper-Phasenraum dann umgeschrie-
ben. Man erhélt:

1 d3PK d3q
= — [dg, (2m)%2q, / 27)*
a qus/ 9 (27)" 24 (27)3 2Ex (2w)32q0(”) .
d3p1 d3p2

54(pq —P1— Pz) |M|2 (D-G)

4
X0 p—px —4) / (27)? 2B, (27)? 2E;
Wird nun die Integration iiber die Winkel der Zerfallsprodukte ausgefiihrt, so
sieht man, dafl Terme, die von Vektormesonen mit unterschiedlicher Polarisation
stammen, wegfallen. Die mathematische Begriindung wurde in Kapitel 5 gege-
ben (vgl. (5.6)). Physikalisch kommt dadurch zum Ausdruck, dafl Zustinde mit
unterschiedlicher Polarisation zueinander orthogonal sind und daher kein Inter-
ferenzterm zwischen ihnen auftritt.

Dadurch faktorisiert der Ausdruck fiir den Wirkungsquerschnitt:

_ 1 3 4 ¢4 w2
o = s ; /dqo2qo (27) /dthV(Qﬂ') 3 (p—pn —q) ‘M Uu‘ X
x ! 2/dh 54( ) [ o] (D.7)
2
1 1
= dq; —oy) 2mT
z}\: / %o 27T0V 2 —m3 —X(\) Mmivox
dph, ,, ist dabei der Phasenraum von Kern und Vektormeson
*px d*q
by = [ D.
Whicv = | G obe @r)p2e, (D-8)
dphy der der Zerfallsprodukte
3 3
/ d°p d°ps (D.9)
(27’(’)3 2E1 (271')3 2E2
Substituiert man nun ¢2 = m? + ¢2, so wird dies schlielich zu:
1 1 ?
_ 2 A
o—;;/dm ) | sy | T (D.10)

Dies ist in Ubereinstimmung mit (8.42).
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