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Kapitel 1

Einleitung

Auch 35 Jahre nachdem Quarks als Konstituenten der Hadronen von Gell-Mann und
Zweig [1] vorgeschlagen wurden, sind viele Aspekte der starken Wechselwirkung noch
unverstanden. Nach heutigem Kenntnisstand wird die starke Wechselwirkung der
Quarks durch die Eichfeldtheorie der Quantenchromodynamik (QCD) beschrieben. Im
Gegensatz zur Quantenelektrodynamik (QED), der Theorie der elektromagnetischen
Wechselwirkung, ist die QCD eine nicht-abelsche Eichfeldtheorie, das heifit, die Eich-
bosonen, die sogenannten Gluonen, tragen selbst eine Ladung. Daraus ergibt sich als
Konsequenz das Phinomen der asymptotischen Freiheit: die effektive Kopplungskon-
stante nimmt mit kleiner werdendem réumlichen Abstand beziehungsweise mit grofier
werdendem Impulsiibertrag ab. Bei hohen Energien ist es daher méglich, storungstheo-
retische Rechnungen durchzufiihren und die Vorhersagen der QCD mit experimentellen
Beobachtungen zu vergleichen. Die QCD hat bislang einer Vielzahl von Uberpriifungen
im Hochenergiebereich, zum Beispiel in der tiefinelastischen Lepton-Nukleon-Streuung,
der Elektron-Positron-Vernichtung oder der Proton-Proton-Streuung, standgehalten.

Auf der anderen Seite nimmt jedoch die effektive Kopplungskonstante fiir grofle
Absténde so stark zu, dafl storungstheoretische Rechnungen auf der Skala eines ty-
pischen Hadronenradius von 1 fm nicht méglich sind. Die einzige derzeit verfiigbare
Methode, QCD-Rechnungen im nicht-perturbativen Bereich durchzufiihren, liegt in
der Gitter-QCD, in der die QCD-Gleichungen in diskretisierter Form numerisch gel6st
werden. Diese Rechnungen sind allerdings mit einem sehr grofien numerischen Auf-
wand verbunden. Uberdies sind in der Gitter-QCD noch viele konzeptionelle Probleme
ungelost. So ist man heute noch weit davon entfernt, ein einziges Nukleon mit seinen
angeregten Zustdnden oder gar die Wechselwirkung zweier Nukleonen im Rahmen der
QCD zu beschreiben.

Das sogenannte Confinement, also die Tatsache, dafl in der Natur keine freien
Quarks oder Gluonen, sondern nur farbneutrale Objekte beobachtbar sind, kann bisher
aus der QCD noch nicht erkldrt werden. Im Niederenergiebereich ist die QCD damit
eine noch nicht iiberpriifte Theorie.

Eines der wichtigsten Probleme der heutigen Kernphysik besteht in der Bestimmung
der Zustandsgleichung von Kernmaterie. Diese Fragestellung ist von fundamentalem In-
teresse beziiglich der friithen Hochdichtephase des Universums kurz nach dem Urknall.
Auch in der Astrophysik spielt die Zustandsgleichung von Kernmaterie bei der Behand-
lung von Neutronensternen oder Supernovae-Explosionen eine wichtige Rolle. Derzeit
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2 1. Einleitung

ist es durchaus fraglich, ob es jemals moglich sein wird, Gitter-QCD-Rechnungen mit
einem endlichen baryochemischen Potential durchzufiihren. Daher erfordert die Be-
stimmung der Zustandsgleichung phinomenologische Zuginge.

Seit Mitte der siebziger Jahre am BEVALAC in Berkeley und seit Anfang der
achtziger Jahre am SIS an der GSI in Darmstadt wurden Experimente zu Schwerio-
nenkollisionen bei Einschuflenergien von einigen Hundert MeV bis zu etwa 2 GeV pro
Nukleon durchgefiihrt. Hier werden Nukleonendichten vom etwa zwei- bis dreifachen
der normalen Kerndichte und Temperaturen von ungefihr 100 MeV erreicht. In diesem
Bereich des Phasendiagramms ist davon auszugehen, daf die relevanten Freiheitsgrade
Hadronen sind. Aus dem Vergleich der theoretischen Rechnungen mit den experimen-
tellen Daten war es jedoch nicht méglich, die Zustandsgleichung eindeutig festzulegen,
da die theoretischen Unsicherheiten in der mikroskopischen Beschreibung dieser re-
lativistischen Schwerionenstofie recht grof sind. In den vergangenen Jahren hat sich
das Interesse zunehmend auf den Bereich der Teilchenproduktion und die Suche nach
Mediummodifikationen verlagert.

Das Ziel ultrarelativistischer Schwerionenstéfie, wie sie am SPS mit Einschuflener-
gien bis zu 200 GeV pro Nukleon und in Zukunft am RHIC und am LHC durchgefiihrt
werden, besteht in erster Linie in der Formation eines Quark-Gluon-Plasmas (QGP),
also eines Materiezustandes, in dem Quarks und Gluonen und nicht Hadronen die rele-
vanten Freiheitsgrade sind. Das Hauptproblem besteht hier in dem Nachweis des QGP,
da aufgrund des Confinements die Endprodukte der Reaktion wieder farbneutrale Ha-
dronen sind. Ein wichtiges mogliches Signal eines QGP sind elektromagnetische Sonden,
wie Photonen oder Dileptonen, da sie nicht der starken Wechselwirkung unterliegen
und damit Informationen iiber die frithe Hochdichtephase der Reaktion {ibermitteln
kénnen. Da diese Teilchen jedoch auch in der hadronischen Phase produziert werden,
ist fiir die Interpretation der experimentellen Daten die Kenntnis der hadronischen
Wechselwirkungen und insbesondere die der Kopplung von Photonen an Hadronen in
Materie von entscheidender Bedeutung. Auch andere mdogliche Signaturen des QGP,
wie eine erh6hte Produktion von Strangeness oder kollektive Phinomene, werden durch
die hadronische Phase modifiziert. Dies ist ein Grund, warum die Untersuchung von
hadronischer Materie und die Suche nach Mediummodifikationen von Hadronen, wie
sie bei kleineren Energien durchgefiihrt werden, von grofler Bedeutung sind.

Mediummodifikationen von Hadronen ergeben sich zum einen aufgrund konven-
tioneller Vielteilcheneffekte, die zunéchst scheinbar v6llig unabhéingig von der partoni-
schen Substruktur der Hadronen sind. In den vergangenen Jahren hat in dieser Hinsicht
vor allem die Berechnung der Spektralfunktion des p-Mesons [2, 3, 4] groles Interesse
gefunden. In den siebziger Jahren wurden bereits in grofem Umfange im Rahmen des
sogenannten A-hole-Modells Rechnungen zur Dynamik von Pionen und A-Resonanzen
in Kernmaterie im Zusammenhang mit der Beschreibung von Pion-Kern-Reaktionen
durchgefiihrt [5]. Zum anderen besteht aber auch die Erwartung, daf die Eigenschaf-
ten der Hadronen durch die chirale Symmetrie der QCD und ihre spontane Brechung
kontrolliert werden [6, 7]. In [8] wurde im Rahmen von QCD-Summenregeln vorherge-
sagt, dal die Massen der Vektormesonen im nuklearen Medium aufgrund der partiellen
Restauration der chiralen Symmetrie und der damit einhergehenden Absenkung des
Erwartungswertes des chiralen Quarkkondensates < gg > deutlich reduziert werden.
In eine dhnliche Richtung zielen die Spekulationen in [9], die ein allgemeines Skalenver-



halten der Hadronenmassen im Medium vermuten. Damit besteht ein Zusammenhang
zwischen partonischen Freiheitsgraden und nicht-perturbativen Aspekten der QCD auf
der einen und Eigenschaften von Hadronen in Materie auf der anderen Seite. Wie
die oben angesprochenen konventionellen Vielteilcheneffekte mit der Restauration der
chiralen Symmetrie zusammenhéngen, ist eine derzeit noch vollkommen ungeklirte
Frage [10]. Da die Wechselwirkung zwischen Hadronen letztlich doch durch ihre par-
tonische Substruktur bestimmt wird — vergleichbar der elektromagnetischen Van-der-
Waals-Wechselwirkung zwischen zwei elektrisch neutralen Molekiilen —, ist es klar, daf}
diese Wechselwirkungen auch von der chiralen Symmetrie beeinflufit werden. Wir soll-
ten hier noch erwahnen, dafl der Effekt einer Absenkung des chiralen Kondensates auf
die Massen von Hadronen derzeit noch umstritten ist [11]. Auch die Aussagekraft von
QCD-Summenregeln wurde mittlerweile dahingehend relativiert, daf} keine eindeutigen
Aussagen iiber die Eigenschaften von Hadronen im Medium moglich sind [12]. Nichts-
destotrotz besteht iiber die Summenregeln ein Zusammenhang zwischen Quark- und
hadronischen Freiheitsgraden, und sie liefern Einschrénkungen fiir hadronische Szena-
rien.

Ein direkter experimenteller Hinweis auf eine deutliche Mediummodifikation des
p-Mesons findet sich in den Dileptonenspektren in Schwerionenkollisionen [13, 14| bei
SPS-Energien. Bislang konnten diese Spektren in transporttheoretischen Rechnungen
nur unter Verwendung der in [8, 9] vorgeschlagenen Massenabsenkung des p-Mesons
[15, 16] oder einer deutlichen Modifikation der p-Spektralfunktion aufgrund seiner
Kopplung an die Baryonenresonanzen erklért werden [17].

Eine weitere experimentell klar erkennbare Mediummodifikation findet sich im Pho-
toabsorptionswirkungsquerschnitt an Kernen. Wiahrend man im Wirkungsquerschnitt
am Proton und am Deuterium bei Photonenergien zwischen 600 und 800 MeV die
Resonanzstruktur der Di3(1520)-Resonanz deutlich erkennt, so verschwindet diese in
Kernen [18, 19]. Wihrend dieses Phinomen zunichst durch eine sehr grofie Stofiver-
breiterung der Dy3-Resonanz erkldrt wurde [20, 21], die allerdings sehr schwer mikro-
skopisch gerechtfertigt werden kann [22], so erscheint mittlerweile ein Zusammenhang
zwischen einer Mediummodifikation der D;3-Resonanz und einer des p-Mesons auf-
grund der groflen Kopplung der D;3-Resonanz an den N p-Kanal als eher wahrscheinlich
(22, 4, 3].

Fiir Photonenergien oberhalb von 1 GeV sieht man im totalen Photoabsorptionswir-
kungsquerschnitt in Kernen experimentell eine Reduktion der Absorptionsstirke, die
als Shadowing-Effekt bezeichnet wird. Vektormeson-Dominanz (VMD) Modelle kénnen
diesen Effekt fiir Photonenergien grofier als etwa 4 GeV quantitativ erkldren. Fiir kleine-
re Energien wird er in den meisten Modellen unterschétzt [24]. In [25] wurde spekuliert,
daf dies auf eine Massenabsenkung des p-Mesons in Kernmaterie zuriickzufiihren sei.

Neben diesen Hinweisen auf Mediummodifikationen des p-Mesons deuten die ex-
perimentellen Beobachtungen zur K ~-Produktion in Schwerionenkollisionen bei SIS-
Energien auch auf eine Massenabsenkung des K ~-Mesons im nuklearen Medium hin [26].
Diese Massenabsenkung hat wie die der Vektormesonen moglicherweise ihre Ursache
in der partiellen Restauration der chiralen Symmetrie [27].

Ein Problem beim Nachweis von Mediummodifikationen in Schwerionenkollisionen
besteht darin, daf§ die mikroskopischen Modelle zu ihrer Beschreibung mit recht grofien
theoretischen Unsicherheiten behaftet sind. Da eine vollstdndig quantenmechanische



4 1. Einleitung

Berechnung der Teilchenproduktion zum Beispiel in einer 2°8Pb+4-28Pb-Kollision bei
relativistischen Energien derzeit und auch in absehbarer Zukunft ausgeschlossen ist,
basieren alle verfiigbaren Modelle auf einer semi-klassischen Nédherung. In den ver-
gangenen 15 Jahren haben sich auf der klassischen Boltzmann-Gleichung beruhen-
de Transportmodelle zur Beschreibung von Schwerionenkollisionen durchgesetzt [28].
Wiéhrend diese Modelle zunéichst nur zur Berechnung kollektiver Phiinomene in nieder-
energetischen Kollisionen verwendet wurden, so dienen sie heute zum groflen Teil der
Berechnung von Teilchenproduktion bis zu ultrarelativistischen Energien. Die oftmals
sehr erfolgreiche Beschreibung der experimentellen Daten im Rahmen solcher Modelle
steht in einem gewissen Kontrast zu der eher diirftigen Rechtfertigung vieler in die
Rechnungen eingehender Annahmen. Neben der klassischen Behandlung der Teilchen-
propagation werden {iiblicherweise fiir die Teilchenproduktion Vakuumiibergangsraten
verwendet, und es werden nur Zweiteilchenstofle beriicksichtigt. Auflerdem gehen insbe-
sondere in die Rechnungen zur Teilchenproduktion Ubergangsraten in die Rechnungen
ein, die der experimentellen Messung nicht zugénglich sind, zum Beispiel AA — NAK,
und fiir die bislang keine verlédfllichen theoretischen Modelle existieren. Die erfolgreiche
Anwendung vieler Transportmodelle ist sicherlich zum Teil auch auf die Freiheiten bei
der Festlegung der Modellparameter zuriickzufiihren.

Auf der anderen Seite gibt es derzeit keine Alternative zur Verwendung semi-
klassischer Transportmodelle. Aufgrund der erwidhnten Unsicherheiten ist es jedoch
erforderlich, im Rahmen eines Modells gleichzeitig eine Vielzahl von experimentellen
Observablen zu beschreiben. Die Vorlaufer des in der vorliegenden Arbeit verwendeten
Transportmodells wurden urspriinglich zur Beschreibung von Schwerionenkollisionen
bei SIS-Energien entwickelt [29, 30]. Bereits in [31, 32, 33, 34] wurde die Anwendung auf
pion- und photoninduzierte Reaktionen im Energiebereich der A-Resonanz ausgedehnt.
In einer Schwerionenkollision hingt die Teilchenproduktion nicht nur von einer Viel-
zahl mdoglicher Reaktionskaniéle, sondern auch von der globalen Raum-Zeit-Entwicklung
des Systems ab. Demgegeniiber erlauben Reaktionen mit elementaren Projektilen be-
stimmte Bestandteile des Modells festzulegen, da die Observablen zur Teilchenproduk-
tion im allgemeinen nur von relativ wenigen Reaktionskanilen abhéngen. Der direkte
Vorginger des hier verwendeten Modells wurde in [35, 36] entwickelt, um eine simultane
Beschreibung von Teilchenproduktion und kollektiven Observablen [37, 38] in Schwer-
ionenkollisionen bis zu Einschuflenergien von 2 GeV pro Nukleon zu erhalten. Ein in
weiten Teilen der Teilchenproduktion identisches Modell wurde in [22, 39, 40] zur Be-
rechnung von photonuklearen Reaktionen bis zu Photonenergien von 1 GeV verwendet.

Das Ziel der vorliegenden Arbeit war die Weiterentwicklung des Modells aus [36, 40]
zu hoheren Energien und die Implementierung von Strangeness- und Dileptonenpro-
duktion. Dies erlaubt eine vollstdndige und konsistente Beschreibung von inklusiver
Teilchenproduktion in Schwerionenkollisionen von 200 AMeV bis zu 200 AGeV sowie
in photon- und pioninduzierten Reaktionen. Der Schwerpunkt liegt in der vorliegenden
Arbeit auf der Berechnung photonuklearer Reaktionen.

Aus mehreren Griinden sind photonukleare Reaktionen von besonderem Interesse.
Oben hatten wir bereits angesprochen, da§ sowohl das Verschwinden der D;3(1520)-
Resonanz im Photoabsorptionswirkungsquerschnitt als auch das frithere Einsetzen des
Shadowing-Effektes Hinweise auf eine Mediummodifikation des p-Mesons sind. Uber-
dies sind photoninduzierte Reaktionen fiir den Nachweis von Mediummodifikationen



sehr gut geeignet, da sie verglichen mit Schwerionenkollisionen eine relativ ,,saubere*
Umgebung bereitstellen. Alle theoretischen Vorhersagen iiber Mediummodifikationen
beruhen auf der Annahme, daf§ sich die hadronische Materie im Gleichgewicht be-
findet. Ultrarelativistische Schwerionenstéfie, zum Beispiel bei SPS-Energien, finden
jedoch, zumindest in ihrer Anfangsphase, weit vom Gleichgewicht entfernt statt. In ei-
ner photonuklearen Reaktion hingegen verbleibt der Kern auf der fiir Teilchenproduk-
tion relevanten Zeitskala im wesentlichen im Grundzustand bei normaler Kerndichte
und verschwindender Temperatur. Die vorhergesagten Mediumeffekte, insbesondere fiir
die Vektormesonen, sind so grof}, daf} sie bereits bei normaler Kerndichte observable
Konsequenzen haben sollten. Hierbei sollte man auch bedenken, daf in Schwerionen-
kollisionen viele Signale der friihen Hochdichtephase durch Prozesse bei niedrigeren
Dichten iiberlagert werden. Auflerdem ergibt sich in Schwerionenkollisionen der obser-
vable Effekt einer Mediummodifikation durch eine Mittelung der Modifikationen bei
verschiedenen Dichten und Temperaturen, so dafl verschiedene Szenarien zu gleichen
Ergebnissen fithren kénnen.

Photonukleare Reaktionen liefern dariiberhinaus zum Teil komplementére Informa-
tionen iiber In-Medium-Selbstenergien verglichen mit Schwerionenkollisionen, da die
produzierten Teilchen im allgemeinen groflere Impulse relativ zum nuklearen Medium
haben.

Beim Ubergang zu héheren Energien gewinnen in Photon-Kern-Reaktionen die par-
tonischen Freiheitsgrade zunehmend an Bedeutung. Wie diese jedoch dynamisch zu
behandeln sind, ist derzeit eine noch vollkommen offene Frage. Hier spielen Aspekte
des Confinement eine zentrale Rolle, die auch fiir die dynamische Beschreibung der
Bildung eines Quark-Gluon-Plasmas in Schwerionenst6fen und dessen Hadronisierung
von grofler Bedeutung sind. In diesem Zusammenhang ist es auch wichtig, dafl — wie
bereits oben angesprochen — elektromagnetische Signale zu den vielversprechendsten
Signaturen eines Quark-Gluon-Plasmas gehoren und daher ein detailliertes Verstéindnis
der Wechselwirkung von Photonen mit Hadronen im nuklearen Medium unerléflich ist.

Da Photon-Kern-Reaktionen deutlich weniger komplex als Schwerionenkollisionen
sind, ist die Beriicksichtigung quantenmechanischer Korrekturen in Rechnungen zu
inklusiver Teilchenproduktion erheblich einfacher. Fiir die Zukunft besteht daher die
Hoffnung, da} hier — unter Umstidnden mit Hilfe vereinfachter , Toy“-Modelle — die
Verlaflichkeit semi-klassischer Transporttheorien iiberpriift werden kann und Impulse
zur Verbesserung der transporttheoretischen Rechnungen gesetzt werden.

Auf der experimentellen Seite finden gegenwiértig vielfiltige Aktivitdten auf dem
Gebiet der Photonuklearphysik statt. Nach der Messung der totalen Photoabsorpti-
onswirkungsquerschnitte in Kernen Anfang der neunziger Jahre in Mainz [19] und
Frascati [18] hat sich das Augenmerk in den vergangenen Jahren vermehrt auf die
Photoproduktion von Mesonen in Kernen gerichtet. Am Beschleuniger MAMI in Mainz
wurde zunéchst die inklusive Photoproduktion von n-Mesonen [41] und spéter die von
7%-Mesonen [42] bis zu Photonenergien von 800 MeV von der TAPS-Kollaboration
gemessen. Fiir die Zukunft ist ein Ausbau von MAMI bis zu Energien von 1.5 GeV
geplant. In Bonn sind am ELSA bereits heute Photonenergien von 3 GeV verfiigbar;
bislang wurden hier allerdings noch keine Experimente zur Photoproduktion von Me-
sonen in Kernen durchgefiihrt. An der Thomas Jefferson National Accelerator Facility
(TJNAF) in Virginia sind zur Zeit Photonenergien bis zu 7 GeV moglich. In der né&her-
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en Zukunft ist hier die Messung inklusiver eTe™-Produktion in Kernen geplant, um
Mediummodifikationen der Vektormesonen zu untersuchen [43].

Unser Modell ist derzeit das einzige verfiighare Modell, das die Beschreibung pho-
tonuklearer Reaktionen in einem transporttheoretischen Rahmen erlaubt. Verglichen
mit semi-klassischen Modellen, die lediglich eine Beschreibung photon- oder pionin-
duzierter Reaktionen ermoglichen, wie zum Beispiel [44, 45, 46], ist der numerische
Aufwand deutlich hoher. Auf der anderen Seite ist es gerade der grofle Vorteil des hier
préasentierten Modells, daf} es die simultane Beschreibung einer Vielzahl von Reaktionen
ermoglicht.

In der vorliegenden Arbeit soll eine méglichst vollstéindige Darstellung des verwen-
deten Transportmodells gegeben werden. Dabei ist der Versuch gemacht worden, phy-
sikalische und numerische Aspekte so weit wie moglich zu trennen. In Kapitel 2 stellen
wir den physikalischen Inhalt unseres Modells vor. Da es sich um ein Transportmodell
handelt, in dem die elementaren Freiheitsgrade Hadronen sind und viele hadronische
Wechselwirkungen — auch im Vakuum — noch weitgehend unverstanden sind, sind zu der
Beschreibung dieser Wechselwirkungen recht viele Parametrisierungen und ,, Rezepte*
notwendig. Um die Lesbarkeit der Arbeit zu erh6hen, wurde die Beschreibung einiger
Modellinhalte, insbesondere jener, die sich in der Literatur oder in den unmittelbaren
Vorarbeiten [36, 40| finden, in den Anhang A verlegt. Die numerische Realisierung des
Modells wird in Kapitel 3 behandelt.

In Kapitel 4 diskutieren wir die 7-A-Dynamik. Das Pion als leichtestes Meson
und die A(1232)-Resonanz als erster angeregter Zustand des Nukleons spielen fiir die
Teilchenproduktion in nuklearen Reaktionen eine sehr bedeutende Rolle. Die korrekte
Beschreibung ihrer Dynamik ist eine unerliflliche Vorbedingung fiir alle weiteren Unter-
suchungen. Ausgehend von einem Vergleich unserer Rechnungen mit neuen experimen-
tellen Daten der TAPS-Kollaboration zur 7°-Produktion in Photon-Kern-Reaktionen
modifizieren wir hier die Behandlung der A-Resonanz im nuklearen Medium gegeniiber
der normalerweise in Transportmodellen verwendeten, wobei wir auf Ergebnisse aus A-
hole-Rechnungen zuriickgreifen. Wir untersuchen auch den Einfluf} dieser verbesserten
Beschreibung auf Pion-Kern-Reaktionen und Schwerionenkollisionen.

Mediummodifikationen der Dy3(1520)-Resonanz werden in Kapitel 5 behandelt. Wir
prasentieren verschiedene Szenarien, die ihr Verschwinden im Photoabsorptionswir-
kungsquerschnitt erkliren und untersuchen deren Einflufl auf Observablen zur Einpi-
onen-, Zweipionen-, und Dileptonenproduktion in Photon-Kern-Reaktionen.

In Kapitel 6 diskutieren wir Effekte auf die e e -Produktion in photon- und pionin-
duzierten Reaktionen, die sich aufgrund von Mediummodifikationen der Vektormesonen
p und w ergeben. Wir geben Vorhersagen fiir Experimente, die am TJNAF [43] und
an der GSI in Darmstadt [47] stattfinden werden. Auflerdem besprechen wir hier im
Detail die observablen Konsequenzen der Stofiverbreiterung der Vektormesonen.

Die Ergebnisse zur Photoproduktion von Pionen, Etas, Kaonen und Antikaonen in
Kernen im Energiebereich von 1 bis 7 GeV werden in Kapitel 7 vorgestellt. Auch hier
sind derzeit noch keine experimentellen Daten verfiigbar. Unsere Untersuchungen kon-
zentrieren sich auf die Effekte des Shadowings und der Wechselwirkungen der primér
produzierten Teilchen mit den Nukleonen des Kernes.

In Kapitel 8 wenden wir das fiir die Behandlung der Stofiverbreiterung der Vektor-
mesonen entwickelte Verfahren auf Nukleonen an und diskutieren die Auswirkungen



auf die Beschreibung von Schwerionenkollisionen, die sich bei der Beriicksichtigung von
Off-Shell-Nukleonen ergeben.
In Kapitel 9 befassen wir uns schliefilich mit Mediummodifikationen des K ~-Mesons
und besprechen die Produktion dieses Mesons in Schwerionenst6fen bei SIS-Energien.
Die Arbeit wird in Kapitel 10 mit einer Zusammenfassung und einem Ausblick
beendet.



1. Einleitung




Kapitel 2

Das BUU-Modell

In der vorliegenden Arbeit werden nukleare Reaktionen im Rahmen einer semi-klas-
sischen Transporttheorie untersucht. Hierzu wird ein System gekoppelter Transport-
gleichungen, die auf der sogenannten BUU!-Gleichung basieren, geldst. Abgesehen von
Pauli-Faktoren, die 1928 von Nordheim [48] und spéter von Uehling und Uhlenbeck [49]
zur Beschreibung fermionischer Systeme eingefiihrt wurden, handelt es sich bei der
BUU-Gleichung um die klassische Boltzmann-Gleichung. Diese Gleichung beschreibt
die zeitliche Entwicklung eines Vielteilchensystems unter dem Einfluf} eines Potentials
und eines Kollisionsterms.

Seit 1984 haben sich Transportmodelle, die auf die BUU-Gleichung oder dhnliche
Gleichungen zuriickgehen, zur Beschreibung von Schwerionenkollisionen durchgesetzt
[50, 51, 52]. In den letzten Jahren hat sich, auch im Zusammenhang mit der vorlie-
genden Arbeit, gezeigt, dal sich Transportmodelle auch hervorragend dazu eignen,
inklusive Teilchenproduktion in Pion-Kern- und Photon-Kern-Reaktionen zu berech-
nen.

2.1 Grundlagen

Zunichst sollen die Grundlagen der verwendeten Transporttheorie erldutert werden,
um die genaue Bedeutung der Begriffe, die in den spéteren Kapiteln eine Rolle spielen,
zu definieren.

2.1.1 Die verallgemeinerte BUU-Gleichung

Wir beginnen mit der Diskussion einer verallgemeinerten BUU-Gleichung, die noch
keine On-Shell-N#herung enthilt, um spéter im Rahmen der Diskussion eines Trans-
portmodells fiir Off-Shell-Teilchen hierauf zuriickgreifen zu kénnen. Aus Platzgriinden
wird auf die Darstellung einer Herleitung dieser Gleichung, die sich zum Beispiel in
[53, 54, 55] findet, verzichtet. Im folgenden sollen lediglich die wesentlichen Annah-
men und die Struktur der Gleichung erldutert werden. Aus Griinden der Einfachheit
beschrinken wir uns zunéchst auf den nicht-relativistischen Fall und iibernehmen die
Notation aus [53].

! Boltzmann-Uehling-Uhlenbeck
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Die verallgemeinerte BUU-Gleichung beschreibt die zeitliche Entwicklung der Wig-
ner-Transformierten ¢g<(z,p) der Realzeit-Einteilchen-Greensfunktion ¢<(xy, x}):

g<(z,p) = +i / d'y e g<(x + %, T — g), (2.1)
wobei das obere Vorzeichen fiir Bosonen und das untere fiir Fermionen gilt. Die Wigner-
Transformierte ¢<(x, p) kann als verallgemeinerte Phasenraumdichte interpretiert wer-
den, das heif}t als Teilchendichte am Raumzeitpunkt  mit Viererimpuls p. Die Herlei-
tung der von uns verwendeten Transportgleichung fiir ¢<(z, p) erfordert im wesentlichen
zwei Annahmen:

e Dynamische Teilchenkorrelationen in einem Vielteilchensystem, die {iber einen
Kollisionsterm hinausgehen, werden vernachléssigt. Die Zweiteilchen-Greensfunk-
tion wird daher angesetzt als (anti-)symmetrisiertes Produkt von Einteilchen-
Greensfunktionen plus einem Kollisionsterm, der neben der Wechselwirkung nur
Einteilchen-Greensfunktionen enthélt. Ohne Kollisionsterm entspricht dies gerade
der Hartree-Fock-Ndherung. Die resultierenden Gleichungen fiir die Einteilchen-
Greensfunktionen werden als Kadanoff-Baym-Gleichungen bezeichnet [53].

e Die verallgemeinerte BUU-Gleichung erhilt man nun, indem man die Wigner-
Transformierten der Greensfunktionen einfithrt und eine Gradientenentwicklung
bis zur ersten Ordnung durchfiihrt. Die Vernachldssigung Gradienten hoherer
Ordnung setzt voraus, dafl alle auftretenden Gradienten klein sind.

Die Transportgleichung ist dann gegeben als:
[po — Hing, <] + [Reg, 2] = =X7¢° + X%¢~, (2.2)

wobei die Poisson-Klammer folgendermafien definiert ist:

0X oY 90X 9Y
X, Y] = Op, Ozi O, Ipt” (2:3)

Die Einteilchen-Hamiltonfunktion ist im nicht-relativistischen Fall:

=2

H, ;=
YA

+ ReX, (2.4)

wobei M, die Masse des Teilchens und X(x, p) seine retardierte Selbstenergie bezeich-
nen. X(z,p) steht mit den Selbstenergien 3> and X<, die auf der rechten Seite der
Transportgleichung im Kollisionsterm auftauchen, in Verbindung iiber:

2ImY =¥> £ U< =T, (2.5)

wobei wir im zweiten Schritt die Breite I' definiert haben.

Die Wigner-Transformierte g~, die als Dichte von Zustéinden, die einem am Raum-
zeitpunkt x mit Viererimpuls p hinzugefiigten Teilchen offen stehen, interpretiert wer-
den kann, geniigt der folgenden Transportgleichung:

+[po — Hpyp,97] £ [Reg, 7] = =X7g< + X5¢~. (2.6)
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Der Imaginérteil der Wigner-Transformierten g(x,p) der retardierten Greensfunktion
ist gegeben iiber:

| —

1
Img = 3 (97 Fg°) = =a, (2.7)

= [\

wobei wir im zweiten Schritt die Spektralfunktion a(
von ¢ folgt aus Analytizitit:

dp , Imyg(z, pjy, )
Reg(z, p) = / o p BT Por ) 2.8
9(z,p) Tl — (2.8)
Durch Subtraktion der Gleichungen (2.2), (2.6) erhélt man eine Gleichung fiir g:

,p) definiert haben. Der Realteil

[po — Himy,a] + [Reg,T'] = 0, (2.9)
die sich algebraisch 16sen l48t:
1
9= "7 3 (2.10)
2 Mo
Die Spektralfunktion a ist somit:
a= 2 2 — (2.11)
(p() oM, RGE)Z + ZF2

Es 148t sich zeigen, dafl aufgrund der Analytizitit der Selbstenergie ¥ die Spektral-
funktion a die folgende Summenregel erfiillt [53]:

[ Bt = 1. (2.12)

Wir definieren eine verallgemeinerte Phasenraumverteilungsfunktion f(z,p) iiber die
folgende Relation:

g< =af. (2.13)
Mit Gleichung (2.7) gilt dann auch:
g =a(l+£f). (2.14)
Der Kollisionsterm ist nun gegeben als:

S<g> — 9> g< :/ d'ps  d'ps d'ps
(2m)* (2m)* (2m)*
]' — — — —

<2 [0 53) + 07— PP {0505 (1% R)as(1 + Fa-

—9%95 (1 £ f3)as(1 + fa)as}, (2.15)
wobei g~ = ¢<(z,p;) und f;, a; entsprechende Abkiirzungen sind. Das Potential v in
Gleichung (2.15) bezeichnet das der Wechselwirkung zugrundeliegende Zweiteilchen-
Potential. Der erste Term in der geschweiften Klammer stellt einen Gewinn- und der

zweite einen Verlustterm dar. Man sieht leicht, dafl die entsprechenden Raten gerade
der ersten Bornschen Nédherung entsprechen.

(2m)*6W (p + p2 — p3 — pa) X
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2.1.2 Die BUU-Gleichung

Aus Gleichung (2.2) ergibt sich die BUU-Gleichung unter der Voraussetzung kleiner
Breiten I'. Die Spektralfunktion a ist dann:

~2

a = 2m0(py — QP—MO — ReX). (2.16)

Dieser Fall wird als Quasiteilchen-Limes bezeichnet. Die linke Seite der Transportglei-
chung (2.2) ergibt sich damit zu:

a[pO - Hmfaf] + [Regaz<] .

Nach Integration iiber py verschwindet der zweite Term im Grenzfall kleiner Breiten,
und wir erhalten:

0 OH,; 8 OHus 0

3¢+ a5 o7~ o7 oy (DLP) =ET(IES) =N, (2.17)

wobei
o

f(Fa t:m = f(xap(] = Qp—]% + Rezam'
Y.< und ¥~ sind gegeben wie in Gleichung (2.15), wobei nun die pp-Integrationen unter
Ausnutzung von Gleichung (2.16) sofort ausgefiihrt werden kénnen.

Gleichung (2.17) ist bereits die BUU-Gleichung. Im Falle eines verschwindenden
Kollisionsterms handelt es sich um die sogenannte Vlasov-Gleichung. In der klassi-
schen Mechanik ergibt sich die Vlasov-Gleichung fiir ein N-Teilchensystem aus dem
Liouvilleschen Theorem unter der Annahme, dafl die N-Teilchen-Phasenraumdichte

In(ri, ... "N, Ly - -+ DN, t) als Produkt von Einteilchen-Phasenraumdichten gegeben
ist:
N
(7 TR PP oo t) = [ | AL P 1) (2.18)
i=1

Diese Annahme impliziert die Vernachlissigung aller dynamischen Teilchenkorrelatio-
nen und ist vergleichbar dem oben erlduterten Ansatz fiir die Zweiteilchen-Greens-
funktion. Die Anwendbarkeit der Vlasov-Gleichung auf ein System stark miteinander
wechselwirkender Nukleonen ist daher — auch im klassischen Grenzfall — nicht von
vornherein gegeben. Allerdings kénnen Korrelationen, die sich in fermionischen Syste-
men durch das Pauli-Prinzip ergeben, in der Initialisierung beriicksichtigt werden und
bleiben dann in der dynamischen Entwicklung aufgrund des Liouvilleschen Theorems
erhalten.

2.1.3 Relativistische Verallgemeinerung der BUU-Gleichung

Eine relativistische Verallgemeinerung der BUU-Gleichung (2.17) erhélt man, indem
man zum einen eine relativistische Hamiltonfunktion verwendet:

Hpp = \/(MO +Us)? + 102 4 UY, (2.19)
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wobei Ug ein skalares Potential und Uy ein Vektorpotential bezeichnen. Der kinetische
Impuls IT hingt mit dem generalisierten Impuls p zusammen iiber:

M=p—Uy. (2.20)

Zum anderen muf} auch der Kollisionsterm relativistisch berechnet werden:

1 311 311 311
Z<(1I|Zf)—2>f:2 /(d 2 d 3 d 4

I, 2)32119 (27)3211Y (27)3211%
xS ME UL R)AE D) - FLA+ F)A= L)}, (221)

(27T)45(4) (p+p2 —ps — pa) X

wobei hier M das invariante Matrixelement bezeichnet?. Die resultierende Transport-
gleichung ist dquivalent zu der kovariant formulierten sogenannten RBUU-Gleichung
[29]:

{(I1, — 1L, (6°Uy) —m* (00Us)) 0k + (1L, (05UY) +m* (05Us)) 04} f(x,p) =
=S+ f)-S>f, (2.22)

mit der effektiven Masse m*:

2.1.4 Anwendung auf gekoppelte Kanile

Da in der vorliegenden Arbeit Teilchenproduktion in nuklearen Reaktionen bis zu ultra-
relativistischen Energien berechnet werden soll, mufl neben dem Nukleon eine Vielzahl
weiterer Teilchenspezies in der Transportgleichung beriicksichtigt werden. Eine Erwei-
terung der Transportgleichung (2.17) auf ein System mit verschiedenen Teilchensorten
ist einfach: Man erhilt eine Transportgleichung fiir jede Teilchenspezies, die mit allen
anderen iiber die Einteilchen-Hamiltonfunktion und den Kollisionsterm gekoppelt ist.
Formal 148t sich das gekoppelte Gleichungssystem fiir N Teilchensorten schreiben als:

wobei hier D; den Vlasov-Operator auf der linken Seite der BUU-Gleichung (2.17)
bezeichnet und I; den Kollisionsterm darstellt, dessen spezifische Struktur von den
beriicksichtigten Prozessen abhingt. Der Differentialoperator D; beinhaltet die jeweili-
ge Einteilchen-Hamiltonfunktion (2.19), in der die auftretenden Potentiale Funktionale
aller anderen Phasenraumverteilungsfunktionen sein konnen.

2.2 Das Mittlere Feld

Nach diesen allgemeinen Betrachtungen wenden wir uns nun einem System von Nu-
kleonen zu und diskutieren zunéchst unsere Behandlung des Mittleren Feldes. Hierbei

2Bei der Berechnung des invarianten Matrixelementes M werden die Zusténde der ein- und aus-
laufenden Teilchen auf jeweils 211y normiert.
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beschrinken wir uns auf die Punkte, die fiir die spéteren Kapitel von Bedeutung sind;
eine ausfiihrliche Diskussion des Themenkomplexes findet sich in [36].

Im folgenden vernachléssigen wir den Zusammenhang zwischen den Selbstenergien,
die im Kollisionsterm auftauchen (X~, ¥<), mit der Selbstenergie ReX im Vlasov-
Teil der Transportgleichung, der sich aus der Forderung nach Analytizitit von ¥ und
Gleichung (2.5) ergibt.

Aus Griinden der numerischen Einfachheit vernachlissigen wir das Vektorpotential
Uy in Gleichung (2.19). Damit ist insbesondere der kinetische Impuls IT immer gleich
dem generalisierten Impuls p. Das verbleibende effektive skalare Potential Ug erhalten
wir im lokalen Ruhesystem der Kernmaterie aus einer dichte- und impulsabhéingigen
Parametrisierung eines nicht-relativistischen Mittleren Feldes. Das lokale Ruhesystem
ist das Bezugssystem, in dem die rdumlichen Komponenten des Viererstroms j# der
Kernmaterie verschwinden. Der Viererstrom j# ergibt sich aus der Phasenraumvertei-
lungsfunktion durch Integration iiber den Impuls:

. ’p p* .
"= 9/ (2ﬂ)3ﬁf(7",p, t), (2.25)

wobei g den Entartungsgrad der Einteilchen-Impulszustinde bei Existenz innerer Frei-
heitsgrade angibt. Fiir Nukleonen ist wegen Spin und Isospin g = 4. Die Teilchendichte
pir¢ im lokalen Ruhesystem ist:

g = p7) = /TG (2.26)

Das Mittlere Feld im lokalen Ruhesystem U(7, p) wird einem Vorschlag von Welke
et al. [56] folgend parametrisiert als:

U =420 4 <@> + Eg/ (dgp' fne) (2.27)

Po Po Po 2m)% 1 4 (—Tp)2

Die wesentliche Annahme, die diesem Ansatz zugrunde liegt, besteht darin, dafi das
Mittlere Feld rein lokal ist, da es nur von der Phasenraumverteilungsfunktion am glei-
chen Ort abhingt. Die numerische Behandlung eines nicht-lokalen Potentials ist weitaus
aufwendiger, da in einer kovarianten Rechnung Retardierungseffekte beriicksichtigt wer-
den miissen. In Kapitel 3.2.1 werden wir auf die Implikationen dieser lokalen N&herung
zuriickkommen und fiir Reaktionen, bei denen der Kern im wesentlichen im Grundzu-
stand bleibt, wie Pion-Kern oder Photon-Kern, Rechnungen mit einem nicht-lokalen
Potential prisentieren.

Da das in Gleichung (2.27) auftretende Impuls-Integral in der dynamischen Be-
rechnung einer Schwerionenkollision numerisch sehr zeitaufwendig ist, wird die Pha-
senraumverteilungsfunktion f im Integranden durch die Verteilungsfunktion bei Tem-
peratur 7' = 0 approximiert:

f(7,p) = O(pr(7) — ), (2.28)

wobei der lokale Fermi-Impuls pr gegeben ist als:

e(r) = (500 " (2.20)
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Damit ergibt sich fiir den impulsabhéngigen Teil des Potentials [56]:

Pp(f) + A2 —p* +pp()” + A2
2pA (p — pr(7)? + A2

C [ &Y OpF)—p) g C 3
Yo ] B () T O

2pr(F) p+ pr(7) p — pr(7)
+ A 2 | arctan A arctan ———= A . (2.30)

Das Potential U (7, p) ist somit nur noch eine Funktion vom Betrag des Impulses |, /|
im lokalen Ruhesystem und von der Dichte p, :

U7, ) = Ulpurs (7), |Pirsl)- (2.31)

Dieses nicht-relativistische Potential U wird im lokalen Ruhesystem als nullte Kompo-
nente eines relatlvistischen Vektorpotentials aufgefafit, so dafl die Einteilchen-Hamilton-
funktion H f im lokalen Ruhesystem gegeben ist als:

va:}c - \/M + U(prs, Pirg)- (2.32)

Das effektive skalare Potential Ug wird nun so definiert, daf sich gerade diese Hamil-
tonfunktion ergibt:

2
USE \/(g/Mg—Fﬁﬁ,f—FU(pl,«f,plrf)) —ﬁl%f—MO. (233)

An dieser Stelle soll betont werden, dafl die Vernachléssigung des Vektorpotentials
keine Approximation darstellt. Im lokalen Ruhesystem verschwinden in spinsymmetri-
schen Systemen zum einen die rdumlichen Komponenten des Vektorpotentials immer
(Uy = 0). Zum anderen reicht es aus, die Einteilchen-Hamiltonfunktion im lokalen
Ruhesystem vorzugeben, um die Zeitentwicklung des Systems (ohne Stofie) eindeutig
festzulegen, das heiflt, es spielt keine Rolle, wie das Potential in skalaren und vekto-
riellen Anteil aufgeteilt wird, solange die Einteilchen-Hamiltonfunktion gleich ist. Wir
machen hier lediglich die Annahme, dafl das effektive skalare Potential Ug nur von
der Vektordichte, nicht aber von der skalaren Dichte abhéngt. Die skalare Dichte ist
gegeben als:

3
Im Vergleich zu Gleichung (2.25) sieht man, daf§ die skalare Dichte eine andere Ab-
hidngigkeit von der Impulsverteilung als die nullte Komponente der Vektordichte hat.
Deshalb kénnen sich dynamische Effekte ergeben, wenn man, wie zum Beispiel im
Walecka-Modell, davon ausgeht, daf3 das attraktive skalare Potential proportional zur
skalaren Dichte und das repulsive Vektorpotential proportional zur Vektordichte ist.

2.2.1 Bestimmung der Parameter

Die in dem Mittleren Feld aus Gleichung (2.27) auftretenden Parameter sind zum
einen an die Saturationseigenschaften von Kermaterie und zum anderen an die aus der
Proton-Kern-Streuung bekannte Impulsabhingigkeit des Potentials angepaft.
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EOS | K [MeV] || A [MeV] | B [MeV] | C (MeV) | 7 | A[l/fm)]
S 215 -287.0 233.7 0 1.23 -
H 380 -124.3 71.0 0 2.00 -
SM 215 -108.6 136.8 -63.6 1.26 2.13
MM 290 -29.3 57.2 -63.5 1.76 2.13
HM 380 -10.0 38.0 -63.6 2.40 2.13

Tabelle 2.1: Verwendete Parametersitze und zugehorige Kompressibilititen fiir das
Einteilchen-Potential aus Gleichung (2.27).

Die Energiedichte € im lokalen Ruhesystem ist gegeben als:

wobei sich die potentielle Energiedichte im lokalen Ruhesystem aus dem Einteilchen-
Potential aus Gleichung (2.27) ergibt zu:

Mg + p2f(7,9) + v, (2.35)

_Ap? B pttC 2/ dp dp [(7\p) f(70") (2.36)
C2p0 THL gy po (2m)3 (2m)? 1+(ﬁ )2
Hierbei haben wir verwendet, dafl
R (2m)* dvf]
U®p, f) = : 2.37
=S (2.37)

Fiir Kernmaterie im Grundzustand (Temperatur 7' = 0) nimmt die Phasenraumvertei-
lungsfunktion die Form aus Gleichung (2.28) mit dem in Gleichung (2.29) gegebenen
Fermi-Impuls an. Die Bindungsenergie pro Nukleon erhélt man unmittelbar aus der
Energiedichte e:

Ey

—:E—MO
P

1 (2.38)

Die Parameter A, B, 7, C' und A wurden nun an die folgenden Bedingungen ange-

paft [36]:
d (Ey B
ap A P=po N

Ey

0 mit py=0.168/fm?

Z(p =py) = —16MeV
U(po,p=0) = —T5MeV
U(po,p=800MeV) = 0
U(po,p=00) = 30.5MeV, (2.39)

wobei zusétzlich noch die Kompressibilitit K vorgegeben wurde, die definiert ist als:

0? (E,
—_— 2 —_
K =955 ( >,,p0' (2.40)
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Abbildung 2.1: Impulsabhéngigkeit des Einteilchen-Potentials aus Gleichung (2.27)
(Parametersatz MM) fiir verschiedene Dichten.

In Tabelle 2.1 sind die in unserem Modell verwendeten Parametersitze mit den zu-
gehorigen Kompressibilitdten aufgefiihrt. Bei den Parametrisierungen, die mit H und S
bezeichnet sind, wird das Potential als impulsunabhéingig angenommen. Normalerweise
wird im weiteren das impulsabhingige Potential verwendet, das eine Kompressibilitét
von 290 MeV liefert (Parametersatz MM). In Abbildung 2.1 ist die Impulsabhéngigkeit
dieses Potentials fiir verschiedene Dichten dargestellt.

Wir benutzen fiir alle Baryonen das gleiche Mittlere Feld als Funktion der Baryo-
nendichte. Die einzige Ausnahme bilden Nukleonenresonanzen mit Isospin 3/2, fiir die
wir

2
Un = §UN (2.41)

verwenden. Dies ist motiviert aus dem ph&nomenologischen Wert des Potentials der
A(1232)-Resonanz von -30 MeV bei Dichte py [5].

Mesonen spiiren in unseren Rechnungen normalerweise kein hadronisches Poten-
tial. In der vorliegenden Arbeit wurden zu Testzwecken in der Dileptonenproduktion
attraktive Potentiale fiir die Vektormesonen p und w verwendet, worauf in Kapitel 6.2.4
eingegangen wird.

Die Ergebnisse in dieser Arbeit hingen nur in vernachlissigbarer Weise von der
Coulomb-Wechselwirkung ab, die deshalb in den Rechnungen normalerweise nicht be-
riicksichtigt wird.
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Resonanz [1\5[\2[ OV] [l\/feo\/] Status
N(938) 938 0 ok koK
Ps3(1232) | 1232 | 118 | sxxx
Py (1440) | 1462 391 skokokok
S11(1535) | 1534 151 ook ok
S11(1650) | 1659 | 173 | sk
S11(2090) | 1928 | 414 %
Di3(1520) | 1524 | 124 | sxxx
Di3(1700) | 1737 | 249 %
D;3(2080) | 1804 | 447 %
Dy5(1675) | 1676 159 skoksk ok
G17(2190) | 2127 | 547 | sxxxk
Py;(2100) | 1885 | 113 %
Pi3(1720) | 1717 | 383 *
P 1879 498 Hokok
F15(1680) | 1684 | 139 sk ok
F5(2000) | 1903 | 494 <
F17(1990) | 2086 | 535 %
S31(1620) | 1672 | 154 * K
S31(1900) | 1920 | 263 otk
D33(1700) | 1762 | 599 %
D33(1940) | 2057 | 460 %

)
(1940)
D35(1930) | 1956 | 526 $x
( ) | 2171 264 ok
P, 1744 299 *
P31 (1910) | 1882 239 okt
P35(1600) | 1706 430 skokok
P35(1920) | 2014 152 *
F3s 1752 251 *
F35(1905) | 1881 327 ok
F37(1950) | 1881 327 skoksk ok

Tabelle 2.2: Parameter der beriicksichtigten S = 0 Baryonen. M, und I'y bezeichnen
die Resonanzmasse sowie die Breite auf der Resonanzmasse.

2.3 Beriicksichtigte Teilchen

In dem hier verwendeten Modell werden alle aus u-, d- und s-Quarks aufgebauten Ba-
ryonen bis zu einer Masse von etwa 2 GeV beriicksichtigt. In Tabelle 2.2 sind die Ba-
ryonen mit Strangeness-Quantenzahl S = 0 aufgefiihrt. Die Bezeichnungsweise Lyj.o;
kennzeichnet den relativen Bahndrehimpuls L des Pion-Nukleon-Systems, den Isospin
I und den Spin J der Resonanz. Damit ist dann auch die Paritdt P der Resonanz
festgelegt: P = (—1)**!. Die Parameter der Resonanzen sind komplett der Analyse
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Iy Zerfallswahrscheinlichkeiten [%
YMo/MeV) | jov) TRr TNK [ 57 [ 57 [ An NK[* ]A*7r
A(1116) 0 ol 0o lo0o]o7]lo 0 0
»(1189) 0 ol 0o lo0o]o7]lo 0 0
Py3(1385) 36 88 0 [12] 0 |0 0 0
Sp1(1405) 50 0] 0 [100] 0[O 0 0
Dy3(1520) 16 0] 46 [ 43| 11 | 0 0 0
Py (1600) 150 0|3 |6 0 |0 0 0
P1,(1660) 100 [[40] 20 [ 40 O [ O 0 0
Sp1(1670) 35 0] 25 [45] 0 [30] 0 0
Dy3(1670) 60 )15 [7] 0|0 0 0
Dy3(1690) 60 0] 25 30| 45]0 0 0
S11(1750) 90 103 [60] 0 |0 0 0
D15(1775) 120 [[20] 45 [ 5 | 10 | 0 0 20
So1(1800) 300 03 |3 ]3]0 0 0
Py, (1810) 150 03 [20] 0 | 0] 45 0
Fy5(1820) 80 0|60 |12]28]0 0 0
Dy5(1830) 95 0] 5 [60]3 [0 0 0
Py3(1890) 100 03 [10]3 0] 30 0
F15(1915) 120 [[45] 10 [ 45| 0 | 0 0 0
F17(2030) 180 [[25] 25 [ 10 | 15 | 0 5 20
Go7(2100) 200 013 |5 |45 ] 0] 20 0
Fy5(2110) 200 0|13 ] 0 0] 55 0
Tabelle 2.3: Eigenschaften der Baryonen mit Strangeness-Quantenzahl S = —1. M,

und I'y bezeichnen die Resonanzmasse und die Breite auf der Resonanzmasse.

von Manley und Saleski [57] entnommen. Die Resonanzen koppeln an die folgenden
Kanéle: Nm, Nn, AK, Nw, Am, Np, No, N(1440)w, Ap; die entsprechenden Parti-
albreiten werden wir in Kapitel 2.4.3 diskutieren. Es werden alle Resonanzen explizit
propagiert, deren Status in [57] mit mindestens zwei Sternen bewertet wurde, deren
Existenz demnach als wahrscheinlich gilt. In Tabelle 2.2 sind dennoch auch die 1-Stern-
Resonanzen aufgefiihrt, da wir sie spéter noch benétigen werden.

An dieser Stelle soll betont werden, dafi sowohl die Parameter der verschiedenen Re-
sonanzen als auch deren Status modellabhéingig sind. So wird insbesondere der Status
von der Particle Data Group [58] hdufig abweichend von der Manley-Analyse bewertet.
In der vorliegenden Arbeit wurden durchgehend die Manley-Werte iibernommen, um
einen moglichst konsistenten Satz von Resonanzen zu haben. Die Manley-Analyse stellt
zweifelsohne die vollstindigste Untersuchung auf diesem Gebiet dar. In Kapitel 2.5.2
werden wir zeigen, dafl mit den verwendeten Parametern eine sehr gute Beschreibung
der experimentellen Daten zu 7N — 7N und 7N — m7w N im Rahmen unseres Modells
gelingt.

In Tabelle 2.3 sind die in unserem Modell beriicksichtigten Baryonen mit Strange-
ness-Quantenzahl S = —1, also einem Strange-Valenzquark, aufgefiihrt. Fiir diese Ba-
ryonen liegt keine vollstindige Analyse vor, deren Resultate wir, wie im Falle der
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My Ly

Mev] | evy | 07| S| ©
=5 o [IdH)]-2]0
==l 130 | 9 1@ ]-2]o0
Q | 1672 0 oG |-3]0
A, | 2285 0 ol ]o]1
Y. | 2455 0 [1EH]o]1
s | 2530 0 |12 ]o0]1
= 2466 | 0 [Id)[-1]1
= | 2645 0 [i@¢H]-1]1
Q. | 2704 0 JodhH|-2]1

Tabelle 2.4: Eigenschaften der beriicksichtigten Baryonen mit Strangeness-Quantenzahl
S < —1 oder Charm-Quantenzahl C' = 1.

S = 0-Resonanzen, durchgehend iibernehmen kénnten. Bei der Auswahl der Resonan-
zen und der Festlegung ihrer Parameter haben wir uns daher an der Particle Data
Group [58] orientiert, wobei wir alle mit 4 Sternen bewerteten Resonanzen sowie einen
Grofiteil der 3-Stern-Resonanzen mitgenommen haben. Selbst fiir diese Resonanzen
sind insbesondere die Zerfallswahrscheinlichkeiten in die verschiedenen Kanile hiufig
nahezu unbekannt, so dafl ein grofler Teil der in Tabelle 2.3 aufgefiihrten Parameter
geraten werden mufte.

Da das A(1116) und das ¥(1189) nur aufgrund der elektroschwachen Wechselwir-
kung zerfallen und damit ihre Lebensdauern erheblich grofler als die Zeitskala der hier
betrachteten nuklearen Reaktionen sind, werden sie als stabil angenommen.

Wie wir in Kapitel 2.5.4 darlegen werden, beschreiben wir sehr hochenergetische
Teilchenst68e mit Hilfe des Lund-Stringmodells [59]. In diesem Modell werden auch die
niedrigliegendsten Hadronenzustéinde mit S < —1 und Hadronen mit Charm-Quarks
(C-Quantenzahl) beriicksichtigt. Der Vollstéindigkeit halber sind die entsprechenden
Baryonen in Tabelle 2.4 aufgelistet. Fiir die in der vorliegenden Arbeit berechneten
Observablen spielen diese Teilchen aber keine Rolle.

In unserem Modell werden auch alle Anti-Baryonen der in den Tabellen 2.2, 2.3
und 2.4 aufgefiihrten Baryonen beriicksichtigt.

In Tabelle 2.5 sind die in unserem Modell enthaltenen Mesonen aufgefiihrt. Wie
im Falle der Hyperonen nehmen wir die Teilchen als stabil an, die nicht aufgrund der
starken Wechselwirkung zerfallen. Eine Ausnahme bildet hier lediglich das n-Meson,
da sein Beitrag zur totalen Pionenproduktion in der Regel nicht vernachlissigbar ist
und experimentell dieser Beitrag normalerweise nicht subtrahiert werden kann. Das
o-Meson stellt kein bisher beobachtetes Teilchen dar, sondern dient lediglich der Para-
metrisierung des skalaren, isoskalaren Zweipionenzerfalls der in Tabelle 2.2 aufgefiihrten
Baryonen.

Der Isospin aller Teilchen wird explizit beriicksichtigt, das heif}t, fiir jeden Isospin-
zustand eines Teilchens l6sen wir eine Transportgleichung. Dies ist fiir die hier zu dis-
kutierenden Rechnungen zwingend erforderlich, da zum einen schwere Kerne aufgrund
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Meson [1\51\2[ ({/] [l\/fe OV] J| 1| S| C | Zerfallskanile

™ 138 0 011010

n 547 | 1.2:107% |00 ] 0 | 0 | vy (40%), mtn =" (28%), 37° (32%)
P 770 151 111{0|0 |7m

o 800 800 (00| 0|0 |nm

w 782 8.4 11000 |7nr(2%), 7% (9%), 7T 7° (89%)
n 958 0.2 01000 py(31%), 7mn (69%)

o) 1020 4.4 1{0|0]0|pr(13%), KK (84%), n*m n° (3%)
e 2980 0 0/0/0]0

J/¥ | 3097 0 110]0]0

K 496 0 0[5]1]0

K 496 0 0[5 ]-1]0

K* 892 50 113]|1|0|Kn

K* 892 50 1/3]-1|0|Kn

D 1869 0 0[5]0]1

D 1869 0 0[5]0]-1

D* | 2007 0 1/2/0]1

D* | 2007 0 1]2]0]-1

D, | 1969 0 01011

D, | 1969 0 0[0]-1]-1

D: | 2112 0 01011

D: 2112 0 0]0]-1]-1

Tabelle 2.5: Eigenschaften der beriicksichtigten Mesonen.

der Coulomb-Wechselwirkung deutlich isospin-unsymmetrisch sind, und zum anderen
im Falle von Photon-Kern- oder Pion-Kern-Reaktionen das Projektil die [sospinsym-
metrie verletzt. Im Kollisionsterm werden daher prinzipiell keine isospingemittelten
Ubergangsraten verwendet. Fiir die Berechnung des Mittleren Feldes nehmen wir hin-
gegen aus Griinden der Einfachheit Isospinsymmetrie an.

Uber die Spins der Teilchen wird stets gemittelt, da dieser Freiheitsgrad einen ver-
nachléssigharen Einfluf} auf die Reaktionsdynamik hat.

2.4 Die Behandlung der Resonanzen

Die Vakuumbreiten der im letzten Abschnitt vorgestellten hadronischen Resonanzen
liegen in der Gréenordnung 100 MeV, was die in Kapitel 2.1.2 gemachte On-Shell-
Néaherung zweifelhaft werden 148t. Aus diesem Grunde propagieren wir Resonanzen
off-shell. Zuné&chst ist es hilfreich, Prozesse zu betrachten, in denen Resonanzen als
intermediére Teilchen auftreten, um einige grundlegende Begriffe zu erldutern.
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(b)

Abbildung 2.2: Graphen zur Resonanzproduktion.

2.4.1 Resonanzproduktion

Der Wirkungsquerschnitt fiir den in Abbildung 2.2 (a) dargestellten Resonanzforma-
tionsprozess ab — R — f schreibt sich als:

o)t
dUab—>R—>f = 4;7\)/5
ab

wobei pg, der Schwerpunktsimpuls, /s die invariante Masse der einlaufenden Teilchen

St Mapsrss|ddy, (2.42)

und Mgy roy f|2 das iiber die Spins der auslaufenden Teilchen f summierte und iiber
die Spins der einlaufenden Teilchen a, b gemittelte quadrierte Matrixelement sind. Der
statistische Faktor Sy enthélt einen Faktor 1/m! fiir jeweils m identische Teilchen im
Endzustand f:

1
Sy = H t (2.43)

Der Phasenraumfaktor d® ist fiir n stabile Teilchen im Endzustand f gegeben als:

n

A2s(Pips-opn) = 0P = > _p) [ [ 500

=1 =1

(2.44)

wobei hier P den totalen Viererimpuls der einlaufenden Teilchen und p; den Viererim-
puls des i-ten auslaufenden Teilchens bezeichnen. Im folgenden beschrianken wir uns
der formalen Einfachheit halber auf spinlose Teilchen und beriicksichtigen den Spin
nur als statistischen Faktor. Die Rechnung fiir Teilchen mit Spin liefert das gleiche
Resultat fiir den totalen Wirkungsquerschnitt. Fiir spinlose Teilchen faktorisiert das in
Gleichung (2.42) auftauchende Matrixelement:

|Mab—>R—>f|2 = |Mab—>R|2 |PR|2 |/\/1R—>f|2 (2-45)

mit dem folgenden Resonanzpropagator:

Pa(V/5) !

MIQ{ — S — i\/gftot’

(2.46)
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wobei Mp die Polmasse der Resonanz bezeichnet. Die totale Breite I';,; ergibt sich als
Summe iiber alle Partialbreiten I'p_, s:

Liot = Z Lroy (2.47)
f
mit
I 4 -
Tpoy = %Sf / IMp_ |2 d®;. (2.48)

Nun fiihren wir die Spektralfunktion Ag () der Resonanz ein als:

2“ 2 Mzrtot
= LimPp(p) = = .
r el =2 (1? = MR)? + 2T,

Ar(1) (2.49)

Den Wirkungsquerschnitt o4z aus Gleichung (2.42) kénnen wir damit schreiben
als:

T r
Oab—R—f = K|Mab—>R|2~AR fo] (2-50)

abS Ftot

Das Matrixelement fiir ab — R 148t sich durch die entsprechende Partialbreite ['gr_ 4
ausdriicken:

(2, + 1)(2J, 4 1)
2Jp + 1

Pab

Pab. My rl? 2.51
- Maosr (2.51)

a2 Pa
Sab|MR—)ab |2 - 871'1?9 Sab

FR—)ab =

Nun ergibt sich Gleichung (2.50) gerade zu der bekannten Breit-Wigner-Formel:

2JR +1 4 1 SFR_meR_)f
Oq = - .
T T (20, + 1) (20, + 1) 2, Sap (s — M2)? + sT2,

(2.52)

Den in Abbildung 2.2 (b) dargestellten Resonanzproduktionsprozess konnen wir in
analoger Weise behandeln. Der Wirkungsquerschnitt ist gegeben als:

(2m)"

do—ab%cRﬂcf - mscﬂ/wabﬁcf|2d(I)n+1(P;pc,p1, .. ;pn) (253)

Unter der Annahme, dafl das Matrixelement faktorisiert:?

|-/\/lab—>cf|2 = |Mab—>cR|2 |I)R|2 |-/\/1R—)f|2 (254)
und unter Verwendung von Gleichung (35.12) aus [58]:

AP, 1(P;pes Py s D) = APy (PR D1y - -+ s Pn) X dPo(P;pr, pe)(2m)%dp%,  (2.55)

3Falls in f ein Teilchen enthalten ist, das identisch zu c ist, geht hier die Annahme ein, daf
Interferenzterme vernachléissigt werden. Der Symmetriefaktor kiirzt sich dann gegen die Anzahl der
Diagramme, die den gleichen Beitrag liefern.
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sowie mit Hilfe von:

g &p. 1
Pr Pe Praa  (2.56)

d®y(P;pr,pe) = 0 (P — pr — p, =
2(P; PRy Pe) (P—pr—p )(QW)agp% (27m)32p0  4(27)8 /s

ergibt sich unmittelbar:

daab—)cR—)cf ~ FR—)f
— = Guboe 2.57
i Oab— R(M)AR(M) Tyor ( )
mit
Gab—cr (1) = GIn2spy /def|MchR(u)|2, (2.58)

wobei p; den Schwerpunktsimpuls von ¢ und R bezeichnet und €2 der Streuwinkel von
Teilchen ¢ relativ zu Teilchen a im Schwerpunktsystem der Reaktion ist. Die invariante
Masse der Resonanz R ist p (= 1/p%); fiir den in Abbildung 2.2 (a) dargestellten
Formationsprozef§ entsprach diese Grofie gerade /s. Der in Gleichung (2.58) definierte
Wirkungsquerschnitt 64,-,.r(p) entspricht gerade dem Wirkungsquerschnitt, den man
fiir die Streuung von Teilchen @ und b in Teilchen ¢ und ein stabiles Teilchen R der
Masse p erhilt. Den totalen Wirkungsquerschnitt fiir den Prozef§ ab — cR erhilt man
als Summe iiber alle Zerfallskanéle f der Resonanz:

d a C ~
2 ;; B — apser (1) Ar(10). (2.59)

Im folgenden sind Matrixelemente mit Resonanzen im ein- oder auslaufenden Zu-
stand stets in dem hier definierten Sinne zu verstehen, das heifit als Faktoren des ge-
samten Matrixelementes. Dafl Resonanzen keine asymptotischen Zustinde sind, spielt
dann keine Rolle.

Bei der Herleitung der Gleichungen (2.52) und (2.57) hatten wir uns auf spin-
lose Teilchen beschrinkt. Im Falle des Formationsprozesses (Abbildung 2.2 (a)) ist
der Drehimpulsvektor der Resonanz festgelegt durch die einlaufenden Teilchen, so daf}
es keine Interferenzeffekte zwischen verschiedenen Spinzustinden der Resonanz geben
kann. Daher gilt Gleichung (2.52) auch fiir Teilchen mit Spin. Bei dem Prozefl ab — ¢R
konnen Resonanzen in verschiedenen Spinzustinden produziert werden. Aufgrund der
Orthogonalitét dieser Zustidnde treten im Wirkungsquerschnitt (2.57) keine Interferen-
zen auf, da hier bereits {iber die Impulse der Zerfallsprodukte der Resonanz integriert
wurde. Da iiberdies die Zerfallsbreite I'p_, ; im Vakuum wegen Rotationsinvarianz un-
abhéingig vom Spinzustand der Resonanz ist, ist auch Gleichung (2.57) fiir Teilchen
mit Spin giiltig.

Resonanzformation mit instabilen einlaufenden Teilchen

Wir kommen nun zuriick auf den Formationsprozefl ab — R und betrachten den allge-
meinen Fall, in dem @ und b ebenfalls eine endliche Breite haben kénnen. Die Zerfalls-
breite %% , der Resonanz R ergibt sich analog zu Gleichung (2.59):

dF%jiab

dua dub

= F%»ab(ﬂa, o) Aa(ta) As(1t6), (2.60)
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wobei die Berechnung von T, (114, 1) iiber Gleichung (2.48) erfolgt. Analog zu obiger
Rechnung erhalten wir fiir den Wirkungsquerschnitt der Reaktion ab — R die Breit-

Wigner-Formel aus Gleichung (2.52) unter Verwendung von I'%% ., . anstelle von ['g_, 4.

2.4.2 Die Transportgleichung

Wir 16sen fiir die Resonanzen nicht die BUU-Gleichung (2.17) sondern die verallgemei-
nerte BUU-Gleichung (2.2), wobei wir allerdings die N&herung machen, dafl wir die
zweite Poisson-Klammer in Gleichung (2.2):

[Reg, <]

vernachléssigen. Auf diese Approximation werden wir in Kapitel 8 noch ausfiihrlich zu
sprechen kommen. Hier soll zunéchst lediglich erwédhnt werden, dafl diese Naherung
bisher in allen Transportrechnungen gemacht wurde, da eine numerische Realisierung
des angesprochenen Terms schwierig erscheint.

Aus Griinden der Anschaulichkeit driicken wir im folgenden alle Groéflen als Funk-
tion der invarianten Masse p anstelle von py aus. Der Zusammenhang zwischen y und
po ist gegeben durch die Einteilchen-Hamiltonfunktion aus Gleichung (2.19):

po = Hup =/ (n+Us)? + 2, (2.61)

wobei wir hier bereits das Vektorpotential weggelassen haben. Wir ersetzen nun ¢<
durch eine spektrale Verteilungsfunktion F(7,¢, 7, i), die definiert ist als:

dpo

Fdu = g* o

(2.62)

Anstelle der nicht-relativistischen Spektralfunktion aus Gleichung (2.11) verwenden wir
die folgende relativistische, die wir bereits in Gleichung (2.49) eingefiihrt haben:

N = 2 NQFtot(Fataﬁa :U’)
Al ) =

== AN 2.63
™ (02 — M§)? + p?Ti, (7, 9, 1) (263)

wobei ['y,; die Breite des Teilchens in seinem Ruhesystem bezeichnet und gegeben ist
als:

Ppr = 22(2> £ 59). (2.64)
L
Im nicht-relativistischen Grenzfall (M, > |p], My > T') reduziert sich die Spektral-

funktion A aus Gleichung (2.63), bis auf einen Normierungsfaktor 27, * auf die nicht-
relativistische Spektralfunktion a aus Gleichung (2.11):

A _ 2 /’L2Ft0t
T (1 — Mo)?(p + My)? + piT3,,
1 Ftot 1 Ftot 1

_ — — = ——a
2w (,U, - MU)2 + F%ot/4 2T (pO - I{mf)2 + F%ot/4 2m

“Die unterschiedliche Normierung ergibt sich, da wir im folgenden stets {iber du und nicht iiber

% integrieren (siehe Gleichung (2.62)).
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Fiir stabile Teilchen (I';,; — 0) ist die Spektralfunktion (2.63) einfach:
A =5(u— My). (2.65)

Wir erhalten die folgende Transportgleichung:

0 OHn 0 OHp;
9 O Omg Oyp <14 A SOF 5.
5:t o5 o7~ or o5 (1= f)A ! (2.66)

wobei analog zu Gleichung (2.13):

F
= —. 2.67
=7 (267)
Um die Struktur des Kollisionsterms genauer zu beleuchten, betrachten wir als
Beispiel die Transportgleichung fiir eine Resonanz R, die an die Teilchen a und b iiber

einen Prozefl R <> ab koppelt. Im Verlustterm ergibt sich ¥ zu:

> 1 / dgpadua dapbd,ub

= 27)*6™") (DR — Pa — Pb)Sa ab|”

X Ag(1 £ fo) Ap(1 £ f3). (2.68)

Abgesehen von den In-Medium-Korrekturen (1 + f) ist dies gerade die gewohnliche
Zerfallsbreite einer Resonanz wie man durch Vergleich mit Gleichung (2.60) leicht sieht.
Der Faktor 1/p% riihrt daher, da§ > die Zerfallsrate im Rechensystem angibt; die
Breite im Ruhesystem der Resonanz ergibt sich mit Gleichung (2.64).

Der Gewinnterm X3 ergibt sich analog:

1 / Ppadpa  dpydpsy
— 2% ] T @2t " 2r)E2p)

PO (2m)* 0™ (pr — pa — Pb) SabMaps v FaFy. (2-69)
Fiir die einlaufenden Teilchen tauchen hier die Spin-Entartungsfaktoren g¢; auf, da
wir die quadrierten Matrixelemente iiber die Spins der einlaufenden Teilchen mitteln
und iiber die der auslaufenden summieren. Um Gleichung (2.69) besser zu verstehen,
betrachten wir den korrespondierenden Verlustterm ¥~ im Kollisionsterm fiir Teilchen
a:

(2m)*6® (pr — pa — D) Massr FoAr(1 £ fr).
(2.70)

= —
a 2p2

1 / d3deuRg d*pydpiy
(2m)32pY, b(27r)32p2

Mit Gleichung (2.50) konnen wir > nach Ausfiihrung der Integration iiber den Vierer-
impuls der Resonanz R auf die folgende Form bringen:

d®pyd o
25—/ 4Py l;bepg\/OE
(2m) PPy

In dem Bezugssystem, in dem die Dreierimpulse von a und b kolinear sind, ist deren
Relativgeschwindigkeit gerade:

O—ab%R(l + fR) (271)

re pab\/g
Uabl = T 0.0 (272)
papb
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so dafl wir ¥ in abgekiirzter Schreibweise darstellen kénnen als:
Ya = po < U oar(1 % fr) >, (2.73)

wobei py die Teilchendichte von b bezeichnet:

d*pyd
= F; 2.74
Po = Ggb / (27)? bs ( )

und die Klammer < . >, die Mittelung iiber die Impulsverteilung von Teilchen b
andeutet.

In der vorliegenden Arbeit verwenden wir normalerweise, wie in allen hadroni-
schen Transporttheorien, Vakuumspektralfunktionen fiir alle Teilchen. Die Berechnung
und die Effekte von In-Medium-Spektralfunktionen werden wir in Kapitel 4.1 fiir die
A(1232)-Resonanz, in Kapitel 6.1 fiir das p- und das w-Meson und in Kapitel 8 fiir
Nukleonen diskutieren. Bereits anhand des hier diskutierten einfachen Beispieles sieht
man, daf} eine vollstindig selbstkonsistente Behandlung der Spektralfunktionen fiir al-
le Teilchen eine auBlerordentlich schwierige Aufgabe darstellt. Die Selbstenergien X7,
(Gleichung (2.68)), X% (Gleichung (2.69)), X7 (Gleichung (2.70)), X5, £ und 7
sind 8-dimensionale Funktionen und hé&ngen jeweils iiber Integralgleichungen von den
anderen ab, da die in ihre Berechnung eingehenden Spektralfunktionen Funktionen der
Selbstenergien sind (Gleichungen (2.63) und (2.64)).

2.4.3 Parametrisierung der Vakuumbreiten

Abgesehen von einigen mesonischen Resonanzen handelt es sich beim Zerfall der in un-
serem Modell beriicksichtigten Resonanzen stets um einen Zweikorper-Zerfall. Der Zer-
fall in mehr als zwei Teilchen geschieht dann als Mehrstufenprozefl iiber den priméren
Zerfall in eine andere Resonanz, zum Beispiel: R —+ Np — Nr.

Fiir die Rechnungen in der vorliegenden Arbeit sind insbesondere die nukleonischen
Resonanzen von Bedeutung. Aufgrund der bereits oben angesprochenen starken Mo-
dellabhéngigkeit der Parameter dieser Resonanzen ist es wichtig, Parametrisierungen
zu verwenden, die konsistent mit den Parametern sind. Aus diesem Grunde verwenden
wir die Parametrisierung der Resonanzbreiten aus [57], da wir aus dieser Analyse die
Parameter der Nukleonenresonanzen iibernommen haben. Die gleiche Parametrisierung
wird auch fiir die anderen Resonanzen verwendet.

Die Zerfallsbreite fiir den Proze8 R — ab ist nun gegeben als (siehe auch Glei-
chung (2.60)):

(2.75)

wobei I'?, die Partialbreite der Resonanz auf ihrer Polmasse My bezeichnet und p die
invariante Masse der Resonanz ist. Die Funktion pg,(p) ist:

pun(1) = [ i Ao i) A1) "2 B2, () (2.76)

wobei [, der relative Bahndrehimpuls der Teilchen a und b ist und R den Wechselwir-
kungsradius angibt. In Tabelle 2.6 sind die Funktionen B, fiir die hier vorkommenden
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Bl(x)

1

x/(1+ 2%)/?

22/(9 + 322 + 21)1/?

23/(225 + 4522 + 62t + 25)1/2

2%/(11025 + 157522 + 1352* 4 1025 + 2%)1/2

= WIN| =] O

Tabelle 2.6: Blatt-Weisskopf-Funktionen B;.

Drehimpulse aufgefiihrt. Die Verwendung dieser Funktionen 148t sich aus der Zentri-
fugalbarriere und der Rechnung fiir ein einfaches Kastenpotential motivieren [60]. Fiir
kleine Impulse p,;, gilt:

I
Bl X pa(n

so daf3 das richtige Schwellenverhalten des Matrixelementes reproduziert wird. Fiir
grofle Impulse pgyp, also grofle invariante Massen p der Resonanz, gehen die Funktionen
B; gegen 1. Damit geht dann die Breite I'y, gegen eine Konstante. Wir verwenden fiir
alle Resonanzen R = 1 fm °.

Im Gegensatz zu [57] benutzen wir bei der Berechnung der Breiten fiir auslau-
fende Resonanzen relativistische Spektralfunktionen. In [57] wurde in diesen Spektral-
funktionen zudem eine konstante Breite verwendet. Aus Konsistenzgriinden verwenden
wir hier die korrekte massenabhéingige Breite. Wir haben iiberpriift, daf diese kleinen
Anderungen des urspriinglichen Modells nur vernachlissighare Auswirkungen auf die
Massenabhingigkeit der Breiten und insbesondere auf die resultierenden Wirkungs-
querschnitte haben, so dafl eine Neubestimmung der Parameter der Resonanzen nicht
erforderlich ist.

In Tabelle 2.7 sind die Partialbreiten der Nukleonenresonanzen aufgefiihrt. An die-
ser Stelle sollten wir noch bemerken, dafi die Zerfallskanéle Nn, KA, Nw und Ap in
[57] nicht an experimentelle Daten angepafit wurden, sondern lediglich dazu dienten,
die in den explizit beriicksichtigten Ein- und Zweipionen-Kanélen fehlende Inelastizitét
zu absorbieren. Hierbei wurde in [57] je nach Quantenzahlen der Resonanz die gesam-
te Stirke in einen Kanal gesteckt. Der n/N-Kanal wurde fiir Si;- und Fj7;-Resonanzen
verwendet, AK fiir Py, Nw fiir Pj3 und Gy; sowie Ap fiir alle I = 3/2-Resonanzen.
Auf die hieraus resultierenden Probleme werden wir spéter noch zuriickkommen.

Die Breiten der direkten Dreikorper-Zerfille der mesonischen Resonanzen, zum Bei-
spiel w — 777 7, nehmen wir als massenunabhingig an, da diese Breiten ohnehin
sehr klein ist.

Mit den hier verwendeten Parametrisierungen ergibt sich die In’-Breite ',
Gleichung (2.60) zu:

qp Uber

0 pabBib (pabR)
" Vspa(Mg)

SFiir den Zerfall des p-Mesons wird der geringfiigig abweichende Wert der Particle Data Group [58]
(R = 1.04 fm) benutzt.

W = CIET (2.77)
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Resonanz Zerfallswahrscheinlichkeiten [%]
Nrm | Nnp | Nw | KA Ar Np No | N*r | Ap
N (938) ool o] o 0 0 0 0 0
Ps3(1232) 100 0 | 0 | O 0 0 0 0 0
P (1440) [ 69 [ 0 | 0 | © 22p 0 9 0 0
Py(1535) [ 51 [ 43 ] 0 | © 0 35 1 2 0
Si(1650) [ 89 | 3 | 0 | © 2p 35 2 1 0
S;(2000) 10 o] 0| 0O 6p 495 5 13 |0
D15(1520) | 59 | 0 | 0 | 0 | 5¢,15p 21 0 0 0
Di3(1700) | 1 [ 0 | 0 | 0 | 55,79p 135 2 0 0
D15(2080) || 23 ] 0 | 0 | 0 | 3s,21p 265 27 | 0 0
Dis(1675) || 47 ] 0 | 0 | O 53p 0 0 0 0
Gi7(2190) [ 22 | 0 | 49 | © 0 29p 0 0 0
Pu(1710) | 9 [ 0 | 0 | 37 49p 3p 2 0 0
P(2100) | 15 ] 0 | 0 | 2 24p 27p 32 [ 0 0
Ps(1720) [ 13 ] 0 | 0 | © 0 87p 0 0 0
Pis 26 | 0 [ 30 ] 0 0 44p 0 0 0
Fi5(1680) || 70 | 0 0 0 | 10p,1p | 5p2F | 12 | 0 0
Fi5(2000) | 8 [ 0 | 0 | 0 12p | 60p,155 | 5 0 0
Fi7(1990) || 6 | 94 | 0 0 0 0 0 0 0
S3(1620) [ 9 [ 0 | 0 | O 62p 25¢,4p | 0 0 0
S3(1900) [ 4 [ 0o [ 0 | O 16p 5$,33p | 0 6 0
D33(1700) || 14 | 0 | 0 | 0 | 74s,4p 8 0 0 0
D33(1940) || 18 | 0 | 0 | 0 | 75,40p 355 0 0 0
D35(1930) || 18 | 0 | 0 | O 0 0 0 0 |[82p
D35(2350) | 2 [ 0 | 0 | O 0 0 0 0 |98
Py, 8ol o] o 0 0 0 | 28 | 64p
Py (1910) [ 23 ] 0 | 0 | © 0 10p 0| 67 [ 0
Ps3(1600) | 12 [ 0 | 0 | O 68p 0 0 [ 20 [ 0
Py(1920) | 2 [ 0 | 0 | O 83p 0 0 [ 15 [ 0
Fs 2 | 0] 0| 0 |28p487| 22p 0 0 0
Fy(1905) [ 12 [ 0 | 0 | O 1p 87p 0 0 0
F5(1950) | 38 [ 0 | 0 | © 185 0 0 0 |44r

Tabelle 2.7: Zerfallswahrscheinlichkeiten der beriicksichtigten S = 0 Baryonen. Die
angegebenen Werte beziehen sich immer auf die Polmasse der Resonanz. Der Index
an den Werten der Am-, Np-, und Ap-Zerfille gibt den relativen Bahndrehimpuls der
auslaufenden Teilchen an.

wobei C’i{f der Clebsch-Gordan-Koeffizient fiir die Kopplung der Isospins von Teilchen
a und b zum Resonanz-Isospin [y ist.

In den Abbildungen 2.3 und 2.4 zeigen wir, daf} die verwendeten Breitenparametri-
sierungen eine sehr gute Beschreibung der Streuphasen der 7 N- und der 7m7-Streuung
in den Kanilen mit den Quantenzahlen der Ps3(1232)-Resonanz und des p-Mesons lie-
fern. Im Rahmen einer Breit-Wigner-Ndherung ist der Resonanzbeitrag zur T-Matrix
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Abbildung 2.3: Streuphase der w N-Streuung im Ps3-Kanal. Die experimentellen Daten
entstammen der Multipolanalyse aus [61]. Die Linien sind die Beitrége der Ps3(1232)-
Resonanz geméf Gleichung (2.80).

gegeben als:

EinEout\/g FinFout
- )
MIZz — S — Z\/Eftot

Tyoy = (2.78)

wobei €;, und €,,; die Vorzeichen der entsprechenden Kopplungen angeben. Im Falle
verschwindender Inelastizitdt héingt die Streuphase ¢ mit der T-Matrix zusammen {iiber:

T =singe? (2.79)

Damit folgt dann die Streuphase § aus 7,.s unter Vernachlissigung eines Untergrund-
termes zu:

\/Ertot
ME —s

tand = (2.80)

Aus Abbildung 2.3 sieht man, dafl die Streuphase der 7 N-Streuung im Ps3-Kanal
mit diesem einfachen Resonanzmodell bis zu invarianten Energien /s = 1.35 GeV sehr
gut beschrieben wird. Zum Vergleich ist auch die Kurve eingezeichnet, die sich bei
Vernachléssigung der Massenabhingigkeit der Breite der P33-Resonanz ergibt. Diese
Kurve beschreibt die experimentellen Daten sehr schlecht, so dafl wir davon ausgehen
konnen, dafl unsere Parametrisierung der Zerfallsbreite der A-Resonanz sinnvoll ist.
Die schlechte Ubereinstimmung mit den Daten fiir Energien oberhalb von 1.35 GeV ist
nicht von Bedeutung, da wir dort bereits recht weit vom Pol der A-Resonanz entfernt
sind. Hier konnen Interferenzeffekte mit hoheren Resonanzen, zum Beispiel mit der
P33(1600)-Resonanz, wie auch nicht-resonante Untergrundbeitrige eine Rolle spielen.

In Abbildung 2.4 vergleichen wir den Beitrag des p-Mesons zur nmm-Streuphase im
J = 1,1 = 1-Kanal mit den experimentellen Daten aus [62]. Mit der von uns ver-
wendeten Parametrisierung der p-Breite werden die Daten hervorragend beschrieben.
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Abbildung 2.4: Streuphase der wm-Streuung im J = 1, = 1-Kanal. Die experimentel-
len Daten stammen aus [62]. Die Linien sind die Beitrige des p-Mesons gemifi Glei-
chung (2.80).

Allerdings weicht auch die mit einer konstanten Breite berechnete Streuphase nicht
sehr stark von den Daten ab.

Da in der vorliegenden Arbeit die D13(1520)-Resonanz und insbesondere ihre Kopp-
lung an den Np-Kanal eine wichtige Rolle spielen, vergleichen wir in Abbildung 2.5
den Beitrag dieser Resonanz zur 1N — N p-Amplitude mit den in [63] aus den experi-
mentellen Daten gewonnenen Werten. Aufgrund der Bedeutung von nicht-resonanten
Untergrundtermen kann die Breit-Wigner-Amplitude allein die Daten nicht beschrei-
ben. Man sieht aber, da} die resonante Struktur durch den Beitrag der D;3-Resonanz
sehr gut reproduziert wird. Die hier verwendeten Parameter der D;3-Resonanz scheinen
daher mit nicht allzu groflen Unsicherheiten behaftet zu sein.

2.4.4 Lebensdauern der Resonanzen

In den vergangenen Jahren wurde héufig die Frage diskutiert, wie die Lebensdauern
von Resonanzen in Transportsimulationen zu behandeln sind, das heifit wie die Le-
bensdauer 7 von der Breite I' abhéngt (zum Beispiel in [64, 65, 52, 66]). In unserem
Formalismus 148t sich diese Frage jedoch sofort beantworten. Wir betrachten wieder
das obige Beispiel der Kopplung einer Resonanz R an die Teilchen @ und b. Die Trans-
portgleichung (2.66) fiir die spektrale Phasenraumverteilungsfunktion Fp 148t sich mit
den Gleichungen (2.68), (2.47) und unter der Annahme, daf§ f, = f, = 0, schreiben als:

d s
L= _PRp, P 9.81
dt R ,LLR R—abl' R ( )

wobei ['gr_,q die Zerfallsbreite der Resonanz in ihrem Ruhesystem angibt. Damit er-
halten wir unmittelbar fiir die Lebensdauer 7 der Resonanz in ihrem Ruhesystem:
1

F—— 2.82
Croan(fr) (2.82)
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Abbildung 2.5: Imaginér- und Realteil der 71N — Np-Streuamplitude im D;3-Kanal.
Die Punkte enstammen der Analyse in [57]. Die Linien sind die Beitréige der D3-
Resonanz geméf Gleichung (2.78).

wobei wir zur Verdeutlichung die explizite Abhéngigkeit der Zerfallsbreite von der in-
varianten Masse pr kenntlich gemacht haben. Gleichung (2.82) ist gerade der Ausdruck
fiir die Lebensdauer, der iiblicherweise in Transportsimulationen Verwendung findet.
Das in I'g .4 eingehende Matrixelement ist iiber das Prinzip des detaillierten Gleichge-
wichts (detailed balance), also Zeitumkehrinvarianz, mit dem Matrixelement verkniipft,
das die Produktion der Resonanz R in Kollisionen der Teilchen a und b bestimmt (Glei-
chungen (2.50), (2.70)). Daher sind die Lebensdauern der Resonanzen eindeutig mit
den in ihre Produktion eingehenden Breiten festgelegt.

In [64, 65] wurde im Rahmen einer nicht-relativistischen Rechnung die Zeitverzoge-
rung 7, die ein Wellenpaket bei der Streuung an einem Potential erleidet, berechnet.
Fiir die Partialwelle mit Bahndrehimpuls [ ergab sich folgendes Resultat:

dé;

— 2.
=, (2:3)

Ty =
wobei hier §; die Streuphase und E die Energie bezeichnen. Nicht-relativistisch ist die
Streuphase im Falle einer Breit-Wigner-Resonanz analog zu Gleichung (2.80) gegeben
als:

r/2

tand = . 2.84
an B, F ( )

In Abbildung 2.6 zeigen wir am Beispiel der A(1232)-Resonanz, daf} die sich ergebende
Zeitverzogerung sehr stark von der Lebensdauer in Gleichung (2.82) abweicht. Auf dem
Resonanzpol ist 7 etwa einen Faktor 2 groler als 1/T". Fiir kleine invariante A-Massen
divergiert die von uns verwendete Lebensdauer, da die Breite an der Schwelle, die hier
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Abbildung 2.6: Lebensdauer der A(1232)-Resonanz in ihrem Ruhesystem als Funktion
der invarianten Masse. Die durchgezogene Kurve ist die in unserem Modell verwendete
Lebensdauer nach Gleichung (2.82) unter Verwendung der Vakuumbreite. Die gestri-
chelte Linie ist die Zeitverzogerung gemifl Gleichung (2.84). Die gepunktete Linie ergibt
sich aus Gleichung (2.82) mit der totalen In-Medium-Breite der A-Resonanz bei Dichte

Po-

durch die Summe von Nukleonen- und Pionenmasse gegeben ist, gegen null geht. Die
Zeitverzogerung 7, zeigt demgegeniiber ein ginzlich anderes Verhalten. Sie féllt mit
kleiner werdender invarianter Masse ab und verschwindet an der Schwelle.

In Kapitel 4.1 werden wir auf die Berechnung der totalen In-Medium-Breite der A-
Resonanz eingehen. Die sich aus der totalen Breite bei Dichte pg (siehe Abbildung 4.2)
ergebende Lebensdauer ist in Abbildung 2.6 als gepunktete Linie dargestellt. Da die
Kollisionsbreite an der Schwelle nicht verschwindet, tritt nun keine Divergenz der Le-
bensdauer mehr auf.

Man darf die Zeitverzégerung 7, nicht als Lebensdauer von Resonanzen in semi-
klassischen Transporttheorien interpretieren. Um dies genauer zu beleuchten, betrach-
ten wir als Beispiel die A-Resonanz und untersuchen den Einfluf} ihrer Lebensdauer auf
die Pionenabsorption, wobei wir hier die folgenden Wechselwirkungen beriicksichtigen:
A < Nmund NN < AN. Pionenabsorption wird daher iiber das in Abbildung 2.7
dargestellte Diagramm beschrieben. Die Absorptionsrate I';yy_ vy fiir ein Pion in
isospinsymmetrischer Kernmaterie ist zunéchst gegeben als:

1 d*pq d’py d’p, d*py
I, = — A 1—f)—=2(1—
NN—NN 2]92_ /g (271')32]92 f g (27_‘_)32])2 fb (277')32]?2 ( f ) (27_‘_)32])2( fd) X

17
X (2m)'0" (P + Pa + P = Pe = D) | Mrasscal”,  (2:85)

wobei das Matrixelement iiber die Spins und Isospins der einlaufenden Teilchen ge-
mittelt und iiber die der auslaufenden summiert sein soll®. Fiir dieses Matrixelement

6Der Faktor % ergibt sich aus den beiden identischen Nukleonen im Anfangs- und Endzustand.
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Abbildung 2.7: Graph zur Pionenabsorption iiber eine intermediére A(1232)-Resonanz.

nehmen wir wie in Gleichung (2.54) Faktorisierung an:

IMaapsed]” = [Mrassal” |Pal’ IMasssedl” + IMapsal’ |Pal* [IMaasedl- (2.86)

Gleichung (2.85) wird nun verglichen mit der Pionenabsorptionsrate, die sich er-
gibt, wenn die A-Resonanz explizit propagiert wird. Die Absorption geschieht dann
als Zweistufenprozefl. Zuerst erzeugt das Pion an einem Nukleon eine A-Resonanz, die
dann in einem zweiten Schritt mit einem Nukleon st68t. Die sich hieraus ergebende
Rate ist das Produkt der Rate I';y_,a fiir die Absorption des Pions und der Zerfalls-
wahrscheinlichkeit pay_,yny der A-Resonanz in den N N-Kanal:

wo—Sste; dFﬂ'
LrvN SN = / d’padpa _d3 ]\ZT—A PAN-NN; (2.87)
wobei (analog zu Gleichung (2.70)) unter der Annahme, daf§ fo < 1:
dl A 1 1 d3p 4 T s 2
u - ¢ £ (2m)teW B — " . (2.88
BPpadpa 2pY (27)32p%g(2ﬂ)32p2f ()07 s = pr = po) Massrl Aa. (288)
Die Wahrscheinlichkeit pay_ nyn ist:
1/TANSNN
= 2NN 2.89
PAN—sNN 1/7_t%t ( )
mit
1 1 d®p d*p. d*pq
_ 1— f)—2Pd_q_
o " 35 ] T P g

x (2m)*6™ (pa + py — pe — pd)§|MNHcd|2. (2.90)

Damit ergibt sich die Rate T"vy"'%  aus Gleichung (2.87) nach Ausfiihrung der Inte-
gration iiber den Viererimpuls der A-Resonanz zu:

1 d3p d>pe d*p
o (2w>32p°f”< s ‘fc)(2w>32p0(1

F 0
x (21)6™ (pr + pa + Do — Pe — Pa) 5 |/\/lmzHccz|21/t L (2.91)
tot

Ftwo step
aNN—NN — 2p9r (27_(_)32pa

fd) X
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Dies entspricht nur dann der korrekten Rate aus Gleichung (2.85), falls

A 1
Tiot = A
Aus Gleichung (2.91) sieht man nun auch leicht, welche Effekte sich aus einer Modifi-
kation von 7 ergeben. Wird 7 vergrofiert, ergibt sich eine Verstéirkung der Pionenab-
sorption, weil dann die A-Resonanz lédnger lebt, und die Wahrscheinlichkeit, daf} sie
absorbiert wird, bevor sie zerfallen kann, steigt.

2.5 Der Kollisionsterm

Nachdem wir die in unserem Modell zu 16sende Transportgleichung sowie die Eigen-
schaften der beriicksichtigten Teilchen erldutert haben, kénnen wir uns nun der spezi-
fischen Ausgestaltung des Kollisionsterms zuwenden. Da es bislang kein Modell gibt,
das die zuverliissige Berechnung von In-Medium-Ubergangsraten fiir die Vielzahl der in
unserem Modell beriicksichtigten Prozesse erlaubt, verwenden wir normalerweise Vaku-
umwirkungsquerschnitte, die lediglich aufgrund des méglichen Pauli-Blockings fiir aus-
laufende Fermionen modifiziert werden, und beschrinken uns auf Zweiteilchen-Stof3e.
In der vorliegenden Arbeit hat sich allerdings gezeigt, daf} fiir die A-Resonanz Mehr-
teilchenstofle wichtig sind. Deshalb gehen wir in Kapitel 2.5.5 auch auf die transport-
theoretische Behandlung von Mehrteilchenst68en ein.

2.5.1 Baryon-Baryon-Stofle

Fiir invariante Energien /s < 2.6 GeV werden folgende Prozesse beriicksichtigt:

NN — NN

NN < NR

NN  A(1232)A(1232)
NN « NN

NN — NNw

NR < NR

BB — NYK

BB — NY*K

BB — NNKK,

wobei hier R fiir eine Nukleonenresonanz, Y fiir ein A oder ein ¥ und Y™* fiir eine
Hyperonresonanz stehen. In den Strangeness-Produktionsprozessen bezeichnet B ein
Nukleon oder eine Nukleonenresonanz. Im Anhang A.1 geben wir alle verwendeten
Parametrisierungen fiir die Wirkungsquerschnitte und die Winkelverteilungen expli-
zit an und zeigen, daf} die experimentellen Daten fiir diese elementaren Prozesse sehr
gut beschrieben werden. Hier erwihnen wir lediglich, dafl die Matrixelemente der Re-
sonanzproduktion in Nukleon-Nukleon-St6flen an experimentelle Daten zur Ein- und
Zweipionenproduktion sowie zur p’-Produktion angepaft wurden.

Fiir invariante Energien oberhalb von 2.6 GeV in Baryon-Baryon-Stoen verwenden
wir das Lund-Stringmodell FRITIOF [59], auf das wir in Kapitel 2.5.4 eingehen.
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Abbildung 2.8: Der totale 7~ p-Wirkungsquerschnitt. Die experimentellen Daten sind
[67] entnommen.

2.5.2 Meson-Baryon-Stofie

Im Falle von Meson-Baryon-St6Ben verwenden wir das Stringmodell fiir /s > 2.2
GeV. Fiir kleinere Energien kommt der dominante Beitrag von den oben beschriebe-
nen Baryonenresonanzen. Die Resonanzbeitrédge zu den verschiedenen Wirkungsquer-
schnitten ergeben sich mit Gleichungen (2.52) und (2.77) als inkohérente Summe von
Breit-Wigner-Wirkungsquerschnitten. Da wir die Resonanzen explizit propagieren, ist
es unmoglich, Interferenzeffekte zu beriicksichtigen. Diese Vernachlissigung der Interfe-
renzterme sollte jedoch keinen groflen Einfluf} auf totale Wirkungsquerschnitte haben,
da hier nur Resonanzen mit den gleichen QQuantenzahlen interferieren und diese fiir
gewohnlich in ihrer Masse weit genug auseinanderliegen.

Der Meson-Baryon-Kollisionsterm in unserem Modell enthélt vollsténdige Teilchen-
Antiteilchen-Symmetrie. Im folgenden beziehen wir uns lediglich der Ubersichtlichkeit
halber immer auf Reaktionen mit Baryonen-QQuantenzahl B = 1.

Strangeness S =0

Im Strangeness S = 0-Kanal spielen Pion-Nukleon-Kollisionen die gro3te Rolle. In den
Abbildungen 2.8 und 2.9 zeigen wir die totalen 7~ p- und 7" p-Wirkungsquerschnitte.
Die gepunktete Linie ist jeweils die Summe der Beitrige aller in Tabelle 2.2 aufgefiihr-
ten Resonanzen. Wihrend diese Summe die experimentellen Daten im Falle der 7+p-
Streuung recht gut beschreiben kann, sieht man, dal die Daten in der 7~ p-Streuung
fiir Pionenimpulse um 1 GeV deutlich iiberschéitzt werden. Aus diesem Grunde ver-
nachliissigen wir, wie bereits in Kapitel 2.3 dargestellt, die Resonanzen, die in [57]
mit nur einem Stern bewertet wurden. Aus Abbildung 2.8 sieht man, daf} der re-
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Abbildung 2.9: Der totale 7" p-Wirkungsquerschnitt. Die experimentellen Daten sind
[67] entnommen.

sultierende Wirkungsquerschnitt die Daten fiir 7—p nun bis zu Pionenimpulsen von
etwa 1.2 GeV (y/s = 1.78 GeV) hervorragend beschreibt. Fiir hohere Energien zeigt
der experimentelle Wirkungsquerschnitt ein Séttigungsverhalten bei etwa 35 mb. Die
Resonanzbeitrige fallen jedoch mit zunehmender Energie ab. Die Differenz zwischen
den experimentellen Daten und den Resonanzbeitrigen behandeln wir als zusdtzlichen
Zweipionen-Untergrund:

bg _ _exp
OrNosNrr — OaNox — E OrN—R (292)
R

Dieser Beitrag ist in Abbildung 2.8 als strich-gepunktete Linie dargestellt. Wir verteilen
diesen Wirkungsquerschnitt gleichméfig auf die moéglichen Isospinkaniile der auslaufen-
den Teilchen.

Im Falle der 7*p-Streuung behandeln wir den Beitrag der 1-Stern-Resonanzen zu
7tp — 77p und 7tp — N7r als nicht-resonanten Untergrund:

bg — E :
O—7r+p—>7r+p — O—7r+p—>R—>7r+p (293)
R
1-Stern
bg — § :
O—7l'+p*)N7l'7T - On+p—R—Nnm (294)
R
1-Stern

Fiir Impulse oberhalb von 1.5 GeV benétigen wir, wie im Fall der 7~ p-Streuung, einen
zusitzlichen Zweipionen-Untergrund, den wir gemifl Gleichung (2.92) bestimmen.

In Abbildung 2.10 vergleichen wir die resultierenden Wirkungsquerschnitte fiir ela-
stische Streuung, Ladungsaustausch sowie Zweipionen- und Etaproduktion in 7~ p-
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Abbildung 2.10: 7~ p-Wirkungsquerschnitte fiir elastische Streuung, Ladungsaustausch,
Zweipionen- und Etaproduktion. Die experimentellen Daten sind [67] entnommen.

Kollisionen mit experimentellen Daten. Man sieht, dafl das von uns verwendete einfa-
che Resonanzmodell eine sehr gute Beschreibung der verschiedenen Kaniile liefert. Hier
sollten wir bemerken, dafl in der Manley-Analyse [57] neben den Resonanzbeitrigen
auch Untergrundbeitrige zu den verschiedenen Partialwellenamplituden beriicksichtigt
wurden, die mit den Resonanzen kohirent aufaddiert wurden. Da zum einen diese



2.5. Der Kollisionsterm 39

200 T T T 3.5
+ +
R 3.0F 1
mp-Tp Tp-NIT T
150 1 o5l ]
resonance contribution '
_— w/o 1 * resonances 20t E 1
O 100t E
£
© sof

o [mb]

o N A O
T T

p, [GeV]

Abbildung 2.11: 7" p-Wirkungsquerschnitte fiir elastische Streuung und Zweipionen-
produktion. Die experimentellen Daten sind [67] entnommen.

Untergrundbeitriage aus [57] nicht rekonstruierbar sind und zum anderen Interferenz-
effekte in unserem Modell aufgrund der expliziten Propagation der Resonanzen nicht
beriicksichtigt werden kdnnen, werden die Untergrundbeitriige hier vernachlissigt. Die
in Abbildung 2.10 gezeigte sehr gute Ubereinstimmung mit den experimentellen Daten
unterstiitzt dieses Vorgehen und 148t darauf schlieflen, dafl nicht-resonante Beitréige in
der 7 N-Streuung im betrachteten Energiebereich klein sind.

Die Wirkungsquerschnitte zur elastischen Streuung und Zweipionenproduktion in
mtp-Kollisionen sind in Abbildung 2.11 dargestellt. Auch hier ergibt sich — nun un-
ter zusétzlichem Einschlufl der 1-Stern-Resonanzen — eine sehr gute Beschreibung der
experimentellen Daten.

Fiir 7°p-Streuung ergeben sich die Wirkungsquerschnitte aus Isospinsymmetrie zu:

Or0p = §(U7r+p + On-p)-

Die Wirkungsquerschnitte fiir Pion-Neutron-Streuung erhélt man unmittelbar iiber
Isospinspiegelungen, zum Beispiel 0+, prtr0 = O pypr—no.

In Abbildung 2.12 vergleichen wir die Resonanzbeitriige zu 7=p — np® mit den
experimentellen Daten aus [68]. Wihrend die Daten fiir invariante Energien /s ober-
halb von 1.8 GeV zufriedenstellend beschrieben werden, erkennt man eine sehr grofe
Diskrepanz fiir kleinere Energien, insbesondere im Bereich der D;3(1520)-Resonanz.
Die invarianten Massen der bei diesen Energien produzierten p-Mesonen liegen deut-
lich unterhalb der Polmasse mg = 0.77 GeV. In [68] wurde der Wirkungsquerschnitt
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Abbildung 2.12: Wirkungsquerschnitt fiir 7=p — np°. Die experimentellen Daten stam-
men aus [68].

7 p — np° iiber einen Fit an das invariante Massenspektrum der auslaufenden Pionen
in 7 p — natr unter Beriicksichtigung eines Untergrundterms, fiir den eine homo-
gene Phasenraumverteilung der Pionen angenommen wurde, bestimmt. Bei kleinen /s
werden allerdings die Spektren des p-Beitrags und des Untergrundes sehr dhnlich, wo-
durch eine Bestimmung des p-Wirkungsquerschnittes mit dieser Methode praktisch
unmoglich wird. Die in [63] durchgefiihrte Partialwellen-Analyse der = N-Streuung, in
der alle verfiigharen Daten zu 7N — 7N und 7N — w7 N beriicksichtigt wurden,
geht erheblich iiber diese einfache Analyse hinaus. Das p-Meson in [63] reprisentiert
auch wirklich das physikalische p-Meson und ist nicht nur eine Parametrisierung des
Zweipionenzustandes mit J = 1,1 = 1, da in [63] die in [69] an die entsprechende
mr-Streuphase angepafite p-Spektralfunktion verwendet wurde. Desweiteren wurde in
anderen, zu [57] dhnlichen Analysen ebenfalls eine grofie Kopplung der D;3-Resonanz
an den Np-Kanal gefunden [70]. Aus diesen Griinden gehen wir davon aus, daf die
experimentellen Daten in [68] zur p-Produktion lediglich die Bildung von p-Mesonen
mit der Polmasse mg = 770 MeV beschreiben.

In Abbildung 2.13 ist der aus unserem Resonanzmodell resultierende totale p/N-
Wirkungsquerschnitt fiir verschiedene invariante Massen des p-Mesons dargestellt. Zum
einen sieht man, insbesondere fiir kleine invariante Massen, ausgeprigte Resonanz-
strukturen, die durch die D;3(1520)-Resonanz dominiert werden. Zum anderen ist er-
kennbar, dafl der Wirkungsquerschnitt unter Einbeziehung der 1-Stern-Resonanzen fiir
invariante p-Massen im Bereich der Polmasse etwa einen Faktor 2 iiber dem von uns
verwendeten liegt. Der relative Beitrag der 1-Stern-Resonanzen ist also deutlich grofler
als in den pioninduzierten Reaktionen. Dies liegt einfach daran, dafl die Resonanzen
an Partialwellen-Amplituden der Pion-Nukleon-Streuung angepaflt wurden und da-
her Resonanzen mit einer groflen m/N-Kopplung generell leichter identifizierbar sind
als Resonanzen mit einer grolen p/N-Kopplung. Da zur Zeit noch keine zuverldssigen
mikroskopischen Modelle zur pN-Streuung verfiighar sind, ist es auch nicht méglich,
die Unsicherheiten beziiglich des p/N-Wirkungsquerschnittes mit Hilfe anderer Model-
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Abbildung 2.13: Der Wirkungsquerschnitt p° N — X als Funktion des p-Impulses im
Ruhesystem des Nukleons fiir verschiedene invariante Massen des p-Mesons. Fiir die
Berechnung der gestrichelten Linien wurden alle Resonanzen beriicksichtigt, fiir die
durchgezogenen nur diejenigen mit einem Status von mindestens 2 Sternen.

le auszurdumen. In den in der vorliegenden Arbeit prisentierten Rechnungen sind wir
stets von dem p/N-Wirkungsquerschnitt ohne die 1-Stern-Resonanzen ausgegangen, das
heif}t, wir haben keinen zusétzlichen Untergrund-Wirkungsquerschnitt beriicksichtigt.

Neben den Resonanzbeitridgen und dem Untergrund fiir 1N — 7N und 7N — 7w N

beriicksichtigen wir die folgenden nicht-resonanten Prozesse ohne Strangeness:

nN
nN
wN
wN
nN
oN
oN
TN

L4441

T

wN

wm N
TN

wN

oN

TN

oN
nA(1232).

Die verwendeten Parametrisierungen der Wirkungsquerschnitte sind in Anhang A.2.1
angegeben. Fiir Prozesse mit w-Mesonen miissen wir natiirlich die Resonanzbeitrige
des G17(2190) und des P;3(1879), die in der Manley-Analyse an den Nw-Kanal kop-
peln, von den totalen Wirkungsquerschnitten abziehen. In Abbildung 2.14 vergleichen
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Abbildung 2.14: Der Wirkungsquerschnitt 7N — wN. Die durchgezogene Linie ist
die Parametrisierung aus [71] (Gleichung (A.20)) und die gestrichelte ist die Summe
der Resonanzbeitrige. Die experimentellen Daten stammen aus [67]. Aufgrund von
Isospinsymmetrie it 0r—pynw = Or+nospw-

wir die Parametrisierung des totalen Wirkungsquerschnittes zu 7N — wN aus [71]
(Gleichung (A.20)) mit diesen Resonanzbeitrigen. Man sieht, daf fiir \/s oberhalb
von 2 GeV die Resonanzbeitrige den totalen Wirkungsquerschnitt iibersteigen. Dies
ist darauf zuriickzufiihren, dafl — wie oben bereits angesprochen — der Nw-Kanal in
[57] nicht an experimentelle Daten angepafit wurde, sondern lediglich dazu diente,
fehlende Inelastizitdt zu absorbieren. Da jedoch die experimentellen Daten nicht dra-
matisch {iberschétzt werden, haben wir aus Konsistenzgriinden darauf verzichtet, die
entsprechenden Parameter nachzubessern. In dem Bereich, in dem die Resonanzbei-
trage den totalen Wirkungsquerschnitt iibersteigen, setzen wir den Untergrundwir-
kungsquerschnitt auf null. Der totale verwendete 7N — Nw-Wirkungsquerschnitt ist
damit durch das Maximum der durchgezogenen und der gestrichelten Linie in Abbil-
dung 2.14 gegeben.

Im Strangeness S=0-Sektor benttigen wir dariiberhinaus Wirkungsquerschnitte zur
Strangenesserzeugung. Unser Modell beinhaltet die folgenden Prozesse:

TN <+ AK
™N + YK
7N — NKK
A < AK
A < YK
A — NKK.

Die verwendeten Wirkungsquerschnitte sind in Anhang A.2.2 aufgefiihrt. Im Falle von
7N — AK miissen wir — wie bei 7N — Nw — die Resonanzbeitréige vom totalen
Wirkungsquerschnitt abziehen, um den nicht-resonanten Untergrundterm zu erhalten.
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Abbildung 2.15: Totale Wirkungsquerschnitte (durchgezogene Linien) fiir K “p- und
K~n-Kollisionen mit Resonanzbeitriigen (gestrichelte Linien), Beitriigen aus KN —
KN, 7Y (gepunktete Linien) sowie KN — mY™* (strich-gepunktete Linien).

Strangeness S = —1

Im Strangeness S = —1- Kanal ist die Wechselwirkung von K ~-Mesonen mit Nukleonen
der experimentellen Messung zugénglich. Zunéchst erhalten wir hier Beitrige zu den
Wirkungsquerschnitten von den in Tabelle 2.3 aufgefiihrten Resonanzen. Im Gegensatz
zur Pion-Nukleon-Streuung reichen diese Resonanzbeitriige jedoch auch fiir kleine /s
nicht aus, um die gemessenen Antikaon-Nukleon-Wirkungsquerschnitte zu beschreiben.
Der Grund hierfiir liegt zum Teil an der Prisenz des A(1405), dessen Polmasse nur
etwa 30 MeV unterhalb der Antikaon-Nukleon-Schwelle liegt, und das daher einen
wichtigen Beitrag zu Antikaon-Nukleon-Wirkungsquerschnitten liefert. Im Rahmen der
vorliegenden Arbeit vernachléssigen wir jedoch eine Kopplung des A(1405) an den K N-
Kanal. Anstelle dessen fithren wir die folgenden nicht-resonanten Prozesse ein:

KN — KN

KN « 7wA

KN 7%
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KN ¢ 7Y*,

wobei hier Y* fiir eine Hyperonen-Resonanz steht. In Anhang A.2.3 sind die verwende-
ten Parametrisierungen sowie der Vergleich mit den experimentellen Daten dargestellt.
Hier zeigen wir in Abbildung 2.15 lediglich die totalen K~ N-Wirkungsquerschnitte mit
den verschiedenen Beitrigen.

Strangeness S =1

Im Strangeness S = 1-Kanal spielt hier nur die Kaon-Nukleon-Streuung eine Rolle.
Aufgrund des s-quarks konnen keine Baryonen-Resonanzen als s-Kanal-Resonanzen
beitragen. Wir beriicksichtigen die folgenden Prozesse:

KN — KN
KN — KnN,

wobei der Kanal KN — K7mN den gesamten inelastischen K N-Wirkungsquerschnitt
absorbiert. Dies ist eine gute Ndherung, da wir diese Wirkungsquerschnitte nur fiir
invariante Energien /s < 2.2 GeV verwenden. Die verwendeten Parametrisierungen
und der Vergleich mit den Daten finden sich in Anhang A.2.4.

2.5.3 Meson-Meson-Stofle

Fiir die Rechnungen in der vorliegenden Arbeit spielen Meson-Meson-Kollisionen eine
unbedeutende Rolle. Bislang beriicksichtigen wir daher im wesentlichen lediglich die
Breit-Wigner-Beitrige der mesonischen Resonanzen, die sich gem#f Gleichung (2.52)
ergeben. Der einzige nicht-resonante Kanal dient der Beschreibung von Strangeness-
Produktion in Pion-Pion-Stoflen:

- KK.

Die entsprechende Parametrisierung findet sich in Anhang A.3.

2.5.4 Das FRITIOF-Modell

Zur Beschreibung hochenergetischer Baryon-Baryon- und Meson-Baryon-Stofe sowie
fiir Baryon-Antibaryon-Vernichtungsprozesse benutzen wir das Lund-Stringmodell FRI-
TIOF [59, 72] mit den in [73, 74] verwendeten Parametern. In [73, 74] wurde gezeigt,
daf3 dieses Modell eine sehr gute Beschreibung inklusiver Teilchenproduktion in ele-
mentaren Reaktionen liefert. Aus Platzgriinden verzichten wir hier auf eine ausfiihr-
liche Diskussion des Modells und verweisen auf [72, 73, 74]. Im folgenden wollen wir
lediglich einige — fiir spitere Diskussionen bendétigte — Modellinhalte erlautern.

Teilchenproduktion im FRITIOF-Modell geschieht als Zweistufenprozef}. Zunéchst
findet ein Impulsaustausch zwischen den einlaufenden Hadronen statt, der zur Bildung
zweier angeregter Zustinde mit den Quantenzahlen der einlaufenden Teilchen fiihrt. In
einem zweiten Schritt fragmentieren dann diese sogenannten Strings in beobachtbare
Hadronen.
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In Lichtkegelkoordinaten (p+ = py — p3) lassen sich die Impulse der einlaufenden
Hadronen schreiben als:

2

) - my -
P = (P+,1ap—,1, Or) = (p+,1, —1, 0r) (2.95)
P+
i — m% —
Py = (py2,p-2,0r) = (p—,p_,z,OT), (2.96)
_’2

wobei wir fiir das zweite Gleichheitszeichen benutzt haben, dafl

P+ -P- = m?.

Nach dem Impulsiibertrag erhalten die angeregten Hadronen die folgenden Lichtkegel-
impulse:

2
m -
Pl o= (pea+ == PLPLQY (2.97)
f f m} f A
Py = (P+ap—,2+p— — P —Qy), (2.98)
+,1

wobei P/ und Pf: der folgenden Verteilung geniigen:

dp! dp!
dP o P—J:P—J;*. (2.99)
- I+

Der transversale Impulsiibertrag (); gehorcht einer Gauf3-Verteilung mit einer Breite
von 0.5 GeV.

Im Lund-Modell werden Hadronen in einem einfachen Valenzquark-Bild beschrie-
ben, das heifit, Baryonen bestehen aus drei Quarks, Mesonen aus einem Quark und
einem Antiquark. Den oben beschriebenen Impulsiibertrag auf das gesamte Hadron
kann man auffassen als Impulsiibertrag auf ein Valenzquark, welches sich damit von
den anderen Valenzquarks fortbewegt und damit ein Farbfeld aufbaut. Dieses Gebilde
wird als String bezeichnet. Dieser String kann durch die Bildung von Quark-Antiquark-
Paaren (oder auch Diquark-Antidiquark-Paaren) aufbrechen. Es entstehen dann zwei
neue Strings, die weiter fragmentieren konnen. Die Stringenden werden bei diesem
Fragmentationsprozefl immer von den urspriinglichen Valenzquarks gebildet. Da zwi-
schen den einlaufenden Hadronen kein Quark-Austausch stattfindet, sind somit einige
Prozesse nicht mdoglich, zum Beispiel NN — NN¢ oder TN — AK. Solche Prozesse
sind vor allem bei kleinen Energien wichtig.

Neben den beziiglich der starken Wechselwirkung stabilen Hadronen werden im
Lund-Modell als Endprodukte des Fragmentationsprozesses die folgenden Resonanzen
und ihre Anti-Teilchen produziert: A(1232), X(1385), p, w, ¢, K*.

An dieser Stelle soll betont werden, dafl es sich bei dem Lund-Modell nicht um
ein einfaches Phasenraummodell handelt. Verteilte man zum Beispiel die Impulse der
auslaufenden Teilchen geméfl Gleichung (2.44) homogen im Phasenraum, erhielte man
eine symmetrische Verteilung von longitudinalen und transversalen Impulsen. Dies wi-
derspriche klar den experimentellen Beobachtungen in hochenergetischen Teilchenkol-
lisionen, nach denen die Form der Transversalimpulsverteilung nur schwach von der
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Einschuflenergie abhingt, wobei der mittlere Transversalimpuls recht klein ist und im
Bereich einiger Hundert MeV liegt. Im physikalischen Bild des Lund-Modells ist dies
auch sofort ersichtlich. Aufgrund von Confinement besitzt das Farbfeld des Strings nur
eine geringe transversale Ausdehnung, was die Population von hohen Transversalimpul-
sen unterdriickt. Dariiberhinaus liefert das Lund-Modell auch das relative Gewicht von
Endzusténden mit einer verschiedenen Anzahl von Teilchen. Mit Gleichung (2.44) konn-
te man demgegeniiber lediglich das relative Gewicht von verschiedenen Endzustéinden
mit der gleichen Anzahl von Teilchen — unter der Annahme, dafl die auftretenden Ma-
trixelemente nicht von den Teilchenspezies und den Impulsen abhingen — festlegen.
Das Lund-Modell ist daher ein dynamisches Modell zur Teilchenproduktion.

Das FRITIOF-Modell liefert die relativen H&aufigkeiten der verschiedenen hadro-
nischen Endzusténde, nicht aber Wirkungsquerschnitte. Um Wirkungsquerschnitte zu
erhalten, muf} der totale Wirkungsquerschnitt der jeweiligen Reaktion vorgegeben wer-
den. Im Anhang A.4 sind die hierfiir verwendeten Parametrisierungen aufgefiihrt.

Die Implementierung eines String-Modells in hadronische Transportmodelle erfor-
dert stets die Einfiihrung einer endlichen sogenannten Formationszeit. Dies ist die Zeit,
die vom Beginn der Kollision vergeht, bis ein produziertes Teilchen als physikalisches
Hadron vorliegt. Diese Zeit beinhaltet somit sowohl die Formation des Strings und
dessen Fragmentation, als auch die eigentliche Formation der Hadronen aus den Kon-
stituentenquarks. Im Ruhesystem des produzierten Hadrons sollte die Formationszeit
daher in der Gréfenordnung der Ausdehnung dieses Hadrons liegen. In den Rechnungen
dieser Arbeit wurde

7p = 0.8fm/c (2.100)

fiir alle Teilchen als Formationszeit in ihrem Ruhesystem verwendet. Eine Ausnahme
bilden die beiden Hadronen mit maximalem beziehungsweise minimalem Longitudinal-
impuls im Schwerpunktsystem, die als Uberreste der einlaufenden Hadronen betrachtet
werden konnen. Fiir diese hier als ,,Leading Hadrons“ bezeichneten Hadronen wird kei-
ne Formationszeit verwendet, um, wie weiter unten gezeigt wird, eine gute Beschreibung
der experimentellen Daten in Proton-Kern-Stof3en zu erhalten. Die hier verwendete De-
finition der ,Leading Hadrons“ weicht von der in [73, 52] ab. Dort werden als , Leading
Hadrons“ die an den Stringenden gebildeten Hadronen bezeichnet. Dies sind dann ne-
ben unseren noch zwei weitere, da in einer Kollision zwei Strings gebildet werden. Fiir
die weiteren Kollisionen dieser Hadronen werden in [73, 52] im Gegensatz zu unserem
Modell reduzierte Wirkungsquerschnitte verwendet. In der Berechnung von Observa-
blen sollten sich hieraus keine bedeutenden Unterschiede ergeben, da es keine allzu
grofle Rolle spielt, ob zwei Hadronen mit vollen Wirkungsquerschnitten oder vier Ha-
dronen mit entsprechend reduzierten Wirkungsquerschnitten von der Formationszeit
ausgenommen sind. Fiir eine weiterfithrende Diskussion dieses Punktes verweisen wir
auf [75].

Wir nehmen an, daf} die Teilchen innerhalb ihrer Formationszeit nicht mit anderen
Teilchen wechselwirken konnen. Diese Annahme ist, obwohl sie in allen hadronischen
Transportmodellen gemacht wird [74, 52|, duflerst fragwiirdig. Insbesondere im Fal-
le von Schwerionenkollisionen sind Effekte aufgrund iiberlappender Farbfelder nicht
von vornherein als vernachléssigbar anzusehen. Die Berechnung solcher Effekte wiirde
jedoch eine dynamische Beriicksichtigung der partonischen Freiheitsgrade erfordern.
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Bislang sind allerdings die Mechanismen, die zu Confinement fithren, noch weitgehend
unverstanden, so daf} eine transporttheoretische Behandlung von Partonen und Hadro-
nen in einem konsistenten Modell zur Zeit nicht moglich erscheint. In den vergangenen
Jahren wurden zwar sogenannte Partonen-Kaskaden [76, 77, 78], also Transportmodel-
le, in denen Quarks und Gluonen als elementare Freiheitsgrade unter dem Einfluf} eines
Stofiterms propagiert werden, entwickelt. Zum einen sind aber die in diesen Modellen
verwendeten Ubergangsraten mit groBen Unsicherheiten behaftet, da sich im Rahmen
der QCD storungstheoretisch nur Prozesse mit hohen Impulsiibertréigen behandeln las-
sen und es keine direkten experimentellen Informationen zur Parton-Parton-Streuung
gibt. Zum anderen wird kein Farbfeld beriicksichtigt. Bei der Berechnung von Schwerio-
nenkollisionen wird daher sowohl der Ubergang von der hadronischen in die partonische
Phase als auch die Hadronisierung nicht dynamisch beschrieben.

Auf ldngere Sicht wird es unter Umstdnden moglich sein, die Dynamik partoni-
scher Freiheitsgrade im Rahmen eines semi-klassischen, chromo-dielektrischen Modells
(Friedberg-Lee-Modell) zu simulieren. Hierzu gibt es vielversprechende Ansétze [79].
Derzeit ist man jedoch noch weit davon entfernt, mit solchen Modellen nukleare Re-
aktionen zu beschreiben, da diese Modelle zum einen numerisch sehr aufwendig sind
und zum anderen das konzeptionelle Problem der Behandlung von Teilchenproduktion
noch ungelost ist.

Aus pragmatischer Sicht sollte die hier verwendete Formationszeit als Parametri-
sierung unserer Ignoranz gegeniiber der Rolle partonischer Freiheitsgrade angesehen
werden. Wir sollten aber nicht den Blick dafiir verlieren, daf§ es sich hierbei um eine
sehr vereinfachte Beschreibung handelt. Insbesondere sind die Strings in unserem Mo-
dell, wie auch in allen anderen hadronischen Transportmodellen, keine dynamischen
Freiheitsgrade. Das String-Modell dient vielmehr nur der Bereitstellung einer Vielzahl
von hadronischen Ubergangsraten.

In Abbildung 2.16 vergleichen wir die Resultate unseres Modells fiir die Rapiditéts-
verteilungen negativ geladener Hadronen in Proton-Kern- und Kern-Kern-Stofen bei
SPS Energien mit experimentellen Daten. Man sieht, dafl sowohl Form als auch Héhe
der Spektren sehr gut beschrieben werden. Um den Effekt der Formationszeit zu ver-
deutlichen, zeigen wir auch jeweils die Ergebnisse mit Formationszeiten von 0, 0.4 und
1.2 fm/c. Die Rechnungen ohne Formationszeit fiihren zu einer drastischen Erhohung
der Teilchenmultiplizititen und liefern deutlich schmalere Spektren. Demgegeniiber
erhalten wir mit Formationszeiten von 0.4 oder 1.2 fm/c nahezu unverdinderte Re-
sultate. Im Falle der Rechnung ohne Formationszeit haben die in priméren Nukleon-
Nukleon-Kollisionen produzierten hochenergetischen Teilchen die Moglichkeit, an ei-
nem sekundiren Stof} teilzunehmen, wobei ihre kinetische Energie zur Produktion wei-
terer Teilchen verwendet werden kann. Bei diesen hochenergetischen Teilchen handelt
es sich in erster Linie um Pionen. Aufgrund ihrer kleinen Masse korrespondiert zu
einer hohen Energie ein sehr grofles Lorentz-y. Daher haben diese Pionen im Bezugs-
system der sie umgebenden Nukleonen im Falle der Rechnung mit einem endlichen
7r eine sehr grofle Formationszeit, die schon bei 77=0.4 fm/c so lang ist, daf diese
Pionen an keiner weiteren Wechselwirkung mehr teilnehmen kénnen. Die Variation der
Formationszeit zwischen 0.4 und 1.2 fm/c beeinflufit also nur die Anzahl sekundérer
StoBe relativ niederenergetischer Teilchen, in denen jedoch kaum zusitzliche Teilchen
produziert werden kénnen.
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Abbildung 2.16: Rapiditétsverteilungen negativ geladener Hadronen in Proton-Kern-
und zentralen Kern-Kern-Kollisionen bei SPS Energien. Es werden Resultate fiir ver-
schiedene Werte der Formationszeit 7 gezeigt: 0 fm/c (gestrichelte Linie), 0.4 fm/c
(gepunktete Linie), 0.8 fm/c (durchgezogene Linie), 1.2 fm/c (strich-gepunktete Linie).
Die experimentellen Daten stammen aus [80, 81]. In den protoninduzierten Reaktionen
befindet sich das einlaufende Proton bei y = 6.06, in der S+S-Kollision befinden sich
Target und Projektil bei y.,, = £3.03. In S+Au betrigt die Rapiditit des Schwefel-
kernes im Schwerpunktsystem vy, = 3.93, die des Goldkernes y.,, = —2.13. In Pb+Pb
befinden sich die einlaufenden Kerne bei y,,, = +2.92.
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Abbildung 2.17: Rapidititsverteilungen negativ geladener Hadronen in p+'"Au- und
208ph+298Ph-Kollisionen. Fiir die gestrichelten Kurven wurde auch fiir die ,Leading
Hadrons® die Formationszeit 77=0.8 fm/c verwendet. Fiir die gepunkteten Kurven
wurde den ,Leading Hadrons®“ eine weitere Kollision innerhalb ihrer Formationszeit
erlaubt. Die experimentellen Daten stammen aus [80, 81].

In Abbildung 2.17 zeigen wir die Abhéingigkeit der Rapiditdtsspektren von der
Behandlung der ,,Leading Hadrons“ am Beispiel von p+Au- und Pb+Pb-Kollisionen.
Insbesondere in der protoninduzierten Reaktion sieht man, dafl bei einer Anwendung
der Formationszeit auf die ,,Leading Hadrons“ die experimentellen Daten deutlich un-
terschitzt werden. Erlaubt man den ,,Leading Hadrons“ eine weitere Kollision innerhalb
ihrer Formationszeit, wird die Teilchenmultiplizitdt zwar deutlich erhoht, die experi-
mentellen Daten werden im Falle der p+Au-Reaktion jedoch immer noch um einen
Faktor 2 unterschéitzt.

Die gute Ubereinstimmung mit den experimentellen Daten in Abbildung 2.16 ist
erheblich besser als wir erwarten durften und moglicherweise ein Hinweis darauf, daf
unser Modell tatséchlich die wesentlichen Aspekte der Partondynamik beinhaltet.

2.5.5 Mehrteilchenstofle

Ublicherweise werden in hadronischen Transportmodellen nur Zweiteilchenstéfe bertick-
sichtigt. Der Grund hierfiir liegt zum einen darin, dafl Zweiteilchenst68e numerisch
leicht zu realisieren sind (siehe Kapitel 3.3.1). Zum anderen sind Zweiteilchenst68e, zum
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Beispiel NN — NN, der experimentellen Messung zugiinglich, wihrend Ubergangs-
raten fiir Mehrteilchenstofle, wie NNN — NNN, selbst im Vakuum nicht bekannt
sind. Oben hatten wir bereits angesprochen, dafl in unserem Modell auch der Prozef}
mNN — NN enthalten ist. Dieser ergab sich aus der Forderung nach Zeitumkehrin-
varianz und der Notwendigkeit eines nicht-resonanten Untergrundterms zur Einpio-
nenproduktion in Nukleon-Nukleon-Kollisionen. Das Ubergangsmatrixelement ist hier
aufgrund des detaillierten Gleichgewichts festgelegt durch die Reaktion NN — NN.
Spéter werden wir auflerdem den Proze A(1232)NN <> NNN diskutieren. Deshalb
soll im folgenden kurz die allgemeine Gestalt des Kollisionsterms fiir Mehrteilchenstofe
besprochen werden.

Wir betrachten den Ubergang von n Teilchen ay, ... ,a, in m Teilchen by, ... , by,.
Im Verlustterm der Transportgleichung fiir Teilchen a; erhalten wir:

n
X5 = By (2m)*6@® Zpal Zpb (Hgaldp“l;;zal ai> X

dPpy, s,
x (H @y A1 S )) Strrerian St M ity a5 (2:101)
1=1

wobei wir hier die in Kapitel (2.4) eingefiihrten Bezeichnungen verwendet haben. Ana-
log zu Gleichung (2.101) ergibt sich im Gewinnterm:

i = g [ @50~ S ([T ) »

d Pa; d/La 2
" 1 :t a; Sa a S 1 Lyeen a1,...,a . 2102
X (]i! (2 )32p0 Ab( f z)) 25-00 500 b ,...,bm|Mb, :bm‘> LR n| ( )

2.6 Beschreibung photonuklearer Reaktionen

Zur Berechnung photonuklearer Reaktionen ist es aufgrund der vergleichsweise klei-
nen elektromagnetischen Kopplungskonstanten o nicht notwendig, eine Transportglei-
chung fiir das Photon zu l6sen. In den in dieser Arbeit zu betrachtenden Photon-Kern-
Reaktionen ist iiberdies die Photonenergie so grof}, dafl seine Wellenldnge klein ist
gegeniiber dem Abstand der Nukleonen. Daher konnen wir davon ausgehen, daf3 das
Photon nur mit einzelnen Nukleonen wechselwirkt (impulse approximation). Da in un-
serem semi-klassischen Modell Interferenzeffekte nicht beriicksichtigt werden kénnen,
ist der Wirkungsquerschnitt fiir jede Observable in einer Photon-Kern-Reaktion gege-
ben als inkohérente Summe der Beitrige der den Kern bildenden Nukleonen.

Um die Berechnung der Wirkungsquerschnitte formal zu erldutern, betrachten wir
als Beispiel Pionenphotoproduktion und nehmen an, daf§ das Photon nur iiber einen
Proze YN — N7°, der unabhiingig vom Isospin des Nukleons sein soll, mit einem Nu-
kleon wechselwirkt. Der Wirkungsquerschnitt der inklusiven m-Produktion an einem
Kern A ist nun im Rahmen einer lokalen Dichtendherung fiir die primére Photonab-
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sorption [45] gegeben als:

1 e d’py d*py d*p
x=— [ & = (e — 5 D—22 (|| — pr)—E
s = g [ 09 [ GO on ~ ) 0] — ) e

X (27T)46(4) (k +P1—Pr— p?) |M7N1%7r0N2 |2M7r (Fa ﬁ?a ﬁﬂ')? (2103)

wobei wir hier den Photonen-Viererimpuls mit k£ bezeichnet haben. Den Anfangs-
zustand des Kerns beschreiben wir in einer lokalen Thomas-Fermi-N&dherung (Glei-
chung (2.28)), und pp bezeichnet den lokalen Fermi-Impuls (Gleichung (2.29)). Die
GroBe M, (7, pa, pr) gibt die asymptotische Anzahl von Pionen an, die sich als Losung
des gekoppelten Systems von Transportgleichungen bei Initialisierung eines Nukleons
am Ort 7 mit Impuls p, und eines Pions am gleichen Ort mit Impuls p,. ergibt:

d3
M, = /d3r(27£3f7r(77,t = 00, 7). (2.104)

Gleichung (2.103) kénnen wir mit Hilfe von Gleichung (2.42) auf die folgende anschau-
liche Form bringen:

br d3 cm kN MN dac%l 7T0N2 — - = —
OyAosmx = /d37"g/ ds l;p? de?m O(|p2| — pr) Mz (7, P2, ),
(2.105)

wobei k?vl die Photonenergie im Ruhesystem des Nukleons mit Impuls p; bezeichnet
und die Aufschrift em Groflen im Schwerpunktsystem des Photons und dieses Nukleons
kennzeichnet. Der Faktor

K My
kp?

kann interpretiert werden als Lorentzfaktor fiir die Transformation des Wirkungsquer-
schnittes oy, -0n, vom Ruhesystem des Nukleons ins Ruhesystem des Kernes [45]
und ist fiir die Rechnungen der vorliegenden Arbeit unwesentlich, da die Photonener-
gie stets grofl gegeniiber der Fermienergie ist. Aus Gleichung (2.105) sieht man somit
unmittelbar, dafl der Photon-Kern-Wirkungsquerschnitt als Summe von (ins Ruhesy-
stem des Kerns transformierten) Photon-Nukleon-Wirkungsquerschnitten geschrieben
werden kann. Eine Verallgemeinerung von Gleichung (2.105) auf ein realistisches Mo-
dell mit verschiedenen elementaren Photon-Nukleon-Prozessen ist ebenso trivial wie
die Berechnung anderer Observable.

2.6.1 Parametrisierung der Photon-Nukleon-Wechselwirkung

Fiir invariante Energien /s oberhalb von 2.1 GeV verwenden wir wie im Falle der
hadronischen Reaktionen das Lund-Modell, dessen Anwendung auf photonukleare Re-
aktionen wir weiter unten beschreiben. Fiir niedrigere Energien beinhaltet unser Modell
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die folgenden Prozesse:

YN — Nm
— R (R = P33(1232), D13(1520), S11(1535), F15(1680))

Nrnm

NV (V= %0, 9)

NVrm

AK

YK

NKK.

.

Ein- und Zweipionenproduktion

Die Wirkungsquerschnitte zur Ein- und Zweipionenproduktion behandeln wir wie in
[39, 40]. Im Falle der Einpionenproduktion verwenden wir die Partialwellenanalyse
von Arndt et al. [82] und passen die Resonanzbeitrige der aufgefiihrten Resonanzen
an die entsprechenden Amplituden an. Die Differenz zwischen den totalen Amplitu-
den und den Resonanzbeitrigen ergibt nicht-resonante Untergrundterme. Den totalen
yN — Nm-Wirkungsquerschnitt berechnen wir als kohirente Summe der Resonanz-
und Untergrundbeitrige. Dies ist wichtig, da in der Photon-Nukleon-Streuung nicht-
resonante Terme von grofler Bedeutung sind und die Interferenzterme zwischen reso-
nanten und nicht-resonanten Beitrdgen nicht vernachlissigt werden konnen. Da die
Resonanzen explizit propagiert werden und damit in der Photon-Nukleon-Reaktion
auch populiert werden sollen, ist es notwendig, den kohérent aufaddierten Wirkungs-
querschnitt durch eine skalierte Summe von inkohédrent aufaddierten Wirkungsquer-
schnitten zu ersetzen. Die technischen Details dieses Verfahrens sind im Anhang A.5
zu finden.

Die Resonanzbeitrige zur Zweipionenproduktion ergeben sich aus der in der Ein-
pionenproduktion festgelegten Kopplung an den yN-Kanal und den hadronischen Par-
tialbreiten der Resonanzen, die in der wN-Streuung bestimmt wurden (Tabelle 2.2).
Allerdings kénnen diese Resonanzbeitriige die Struktur der experimentell gemessenen
Wirkungsquerschnitte nicht erkldren (siehe Abbildung A.13). Da die theoretische Be-
schreibung der Zweipionenproduktion noch umstritten ist [83, 84], behandeln wir die
Differenz zwischen den experimentellen Daten und den s-Kanal-Resonanzbeitrigen als
nicht-resonanten YN — N7m-Untergrund.

Die Photoproduktion von Etas an Nukleonen 148t sich sehr gut beschreiben unter
der Annahme, daf} dieser Prozefl ausschlielich iiber die intermedidire Anregung einer
S11(1535)-Resonanz abliuft [85].

In Abbildung 2.18 zeigen wir die totalen Photoabsorptionswirkungsquerschnitte am
Proton und am Neutron. Man sieht, dafl am Proton die experimentellen Daten durch
die Summe der verschiedenen Beitriige sehr gut beschrieben werden. Am Neutron liegen
die experimentellen Daten aus [87] im Bereich der A-Resonanz etwa 20% unterhalb des
Wirkungsquerschnittes, der sich mit den Partialwellenamplituden aus [82] ergibt. Wir
gehen davon aus, dafl diese Diskrepanz auf eine fehlerhafte Bestimmung des Photon-
Neutron-Wirkungsquerschnittes aus dem Photon-Deuterium-Wirkungsquerschnitt in
[87] zuriickzufiihren ist [39, 40].
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Abbildung 2.18: Der totale Photoabsorptionswirkungsquerschnitt am Proton und am
Neutron. Die experimentellen Daten am Proton stammen aus [86] (Kreise) und [67]
(Dreiecke), die am Neutron aus [87].

Im Anhang A.5 ist die Berechnung der Einpionen-, Zweipionen- und Etaproduk-
tion einschliefllich der Winkelverteilungen im Detail dargestellt; hier findet sich auch
ein Vergleich der verwendeten Wirkungsquerschnitte fiir diese exklusiven Prozesse mit
experimentellen Daten.

Photoproduktion von Vektormesonen

Die Wirkungsquerschnitte zur exklusiven Produktion der Vektormesonen p°, w und ¢
passen wir an die experimentellen Daten aus [88, 89] mit dem folgenden Ansatz an:

1
rivoe = = [ dulMyPorAv () (2.106)

wobei hier p; den Schwerpunktsimpuls der einlaufenden Teilchen und p; den der aus-
laufenden Teilchen bezeichnen. Die Spektralfunktion Ay ist gegeben wie in Gleichung
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Abbildung 2.19: Exklusive Photoproduktion von Vektormesonen am Proton. Die durch-
gezogenen Linien sind die Parametrisierungen gem#fl Gleichung (2.106). Die gestrichel-
te Linie in der p°-Produktion ist der Beitrag der D;3(1520)- und F}5(1680)-Resonanzen.
Die Daten stammen aus [88] (volle Kreise) und [89] (offene Quadrate).

(2.49). Die hier auftauchenden Matrixelemente My sind gegeniiber dem Matrixele-
ment in Gleichung (2.42) bereits iiber den Streuwinkel integriert und weisen zudem
eine andere Normierung auf. Wir verwenden die folgenden Parametrisierungen:

IM,|* =0.16 mb - GeV?

0.08 p?
(Vs — 1.73GeV)? + p?
|IMy[? = 0.004mb - GeV?,

mb - GeV?

2 _
M=
(2.107)

In Abbildung 2.19 sind die resultierenden Wirkungsquerschnitte im Vergleich zu den
experimentellen Daten dargestellt.
Im Falle der p’-Produktion erhalten wir auflerdem Breit-Wigner-Beitrige (Glei-
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E, [GeV] | B [GeV7?
- 1.8 0.7
1.8 - 25 5.43
25 - 35 6.92
3.5 - 45 8.1
45 - 5.8 7.9

Tabelle 2.8: Parameter fiir die Winkelverteilung der Vektormesonen in der Photopro-
duktion gem#f Gleichung (2.108) aus [88].

chung (2.52)) aus der N p-Kopplung der D;5(1520)- und der Fi5(1680)-Resonanzen. Da
diese Resonanzen hauptséchlich in p-Mesonen mit niedriger invarianter Masse zerfallen,
gehen wir davon aus, daf§ diese Beitriige, wie im Falle 7~ p — np°® (siehe Kapitel 2.5.2),
experimentell nicht erfafit wurden. Daher ziehen wir diese Resonanzbeitréige nicht vom
totalen Wirkungsquerschnitt ab.

Fiir die Winkelverteilung der produzierten Vektormesonen verwenden wir die Pa-
rametrisierung aus [88]:

99 exp(BY), (2.108)
dt
wobei t das Quadrat des Viererimpulsiibertrags vom Photon auf das Vektormeson
bezeichnet. Der Parameter B wurde in [88] — abhéngig von der Photonenergie — an die
experimentellen Daten zur p’-Produktion angepaft (Tabelle 2.8). Wir verwenden diese
Werte auch fiir w- und ¢-Produktion.

Da es keine experimentellen Daten zur Photoproduktion von Vektormesonen an
Neutronen gibt, nehmen wir hier die gleichen Wirkungsquerschnitte wie am Proton an.

Wir verwenden die hier vorgestellten Parametrisierungen zu yN — V N auch fiir
Energien oberhalb der Stringschwelle.

Neben dem exklusiven Prozefl miissen wir weitere Kanile zur Photoproduktion von
Vektormesonen, wie zum Beispiel YN — V7 N, beriicksichtigen. Fiir Energien oberhalb
der Stringschwelle von 2.1 GeV berechnen wir diese Wirkungsquerschnitte mit Hilfe
des Lund-Modells. Fiir kleinere Energien absorbieren wir den gesamten Wirkungsquer-
schnitt in den Kanal YN — V7 N. Dieser Wirkungsquerschnitt wird parametrisiert
als:

16(27)7
o v = pg\/g) / dpd®s| My -2 Ay (1), (2.109)

wobei hier d®; das Dreikorperphasenraumelement nach Gleichung (2.44) bezeichnet.
Die auftauchenden Matrixelemente sind so gewdihlt, dal ein stetiger Ubergang zum
Stringmodell entsteht. Wir verwenden:

Mo, > = |Myr|* = 0.5 mb.

In A]obildung 2.20 zeigen wir die resultierenden Wirkungsquerschnitte. Man sieht, dafl
der Ubergang vom Niederenergie- zum Stringmodell nicht glatt erfolgt, da die Steigung
der Niederenergiewirkungsquerschnitte als Funktion der Energie am Ubergang deutlich
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Abbildung 2.20: Inklusive Photoproduktion von Vektormesonen am Proton. Die
durchgezogene und die gestrichelte Linie sind die Parametrisierungen geméfl Glei-
chung (2.109), die unterhalb der Stringschwelle von \/s=2.1 GeV (E,=1.88 GeV) ver-
wendet werden. Die gepunktete und die strich-gepunktete Linie sind das Result des
Stringmodells.

grofler als die der Wirkungsquerschnitte des Stringmodells ist. Da es jedoch bislang
keine experimentellen Daten zur inklusiven Photoproduktion von Vektormesonen gibt,
ist nicht zu entscheiden, wie der richtige Kurvenverlauf sein miifite.

Strangenessproduktion

Die exklusiven Strangenessproduktionsprozesse YN — AK, YK, NKK werden an ver-
fiighare experimentelle Daten angepafit. Der Kanal vyN — Y K wird wie folgt parame-
trisiert:

2
by ay
OyNoYK = (g —— , (2.110)
e pisai + (Vs — V/5p)?

wobei /s, die invariante Schwellenenergie bezeichnet. Wir nehmen an, daf§ die Kon-
stanten ay und a; unabhéngig vom Isospinzustand der ein- und auslaufenden Teilchen
sind und verwenden die folgenden Werte:

ad =13 pub-GeV?, af =15ub-GeV?, ol =0.5GeV, aF =0.4GeV.

In Abbildung 2.21 sieht man, dal mit diesen Werten eine gute Beschreibung der expe-
rimentellen Daten gelingt.

Den Wirkungsquerschnitt zur Photoproduktion von Antikaonen setzen wir analog
zu Gleichung (2.110) an als:

16(2m)7 a?

OyNsNKRK = 00 s 3a%+(\/_—\/§0)2'

(2.111)
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Abbildung 2.21: Parametrisierungen der Wirkungsquerschnitte zu yp — AK™, yp —
YOK*, vp — LTK? and yp — pKtK— im Vergleich zu den experimentellen Daten
aus [67, 90].

Aus einer Anpassung an die in Abbildung 2.21 gezeigten experimentellen Daten zu
vp — pK ™K~ erhalten wir ag = 12 pub und a; = 0.7 GeV. Diese Werte verwenden wir
fiir alle Isospinkanile.

Die diskutierten Wirkungsquerschnitte zur exklusiven Strangenessproduktion ver-
wenden wir — wie bereits in der Vektormesonenproduktion — auch oberhalb der String-
schwelle.

Anwendung von FRITIOF

In Photon-Nukleon-Wechselwirkungen wird das Stringmodell FRITIOF fiir invarian-
te Energien oberhalb von 2.1 GeV verwendet. Hierbei gehen wir von einem einfachen
Vektormesonen-Dominanz (VMD) Bild aus und initialisieren fiir das einlaufende Pho-
ton ein p’-Meson. Fiir den totalen Photon-Nukleon-Wirkungsquerschnitt iibernehmen
wir die Parametrisierung aus [91]:

S € S N
- X (—) +Y(—) 2.112

oN GeV? GeV? ( )
mit den Parametern

X =0.071mb, e=0.075, Y =0.12mb, 7= 0.46.

Den ersten Term in Gleichung (2.112) kann man interpretieren als Beitrag des Pomeron-
Austausches und den zweiten als Regge-Austausch der (p,w,a,f)-Trajektorie [92].

In Abbildung 2.22 wird gezeigt, dal wir mit der beschriebenen Vorgehensweise eine
sehr gute Beschreibung der experimentellen Daten zu den Multiplizititen geladener
Teilchen in Photon-Proton-Reaktionen im Energiebereich von 2 bis 7 GeV erhalten.
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Abbildung 2.22: Multiplizitdten geladener Teilchen in yp-Kollisionen: vp — 1 gelade-
nes Teilchen (gestrichelte Linie: Rechnung wie im Text beschrieben, Quadrate: expe-
rimentelle Daten aus [67]), 3 geladene Teilchen (gepunktete Linie, Kreise), 5 geladene
Teilchen (strich-gepunktete Linie, nach oben zeigende Dreiecke) 7 geladene Teilchen
(punkt-punkt-gestrichelte Linie, nach unten zeigende Dreiecke). Aulerdem ist der to-
tale Wirkungsquerschnitt dargestellt (durchgezogene Linie, Rauten).

Die Ubereinstimmung mit den Daten ist besser als wir erwarten konnten, da es durch-
aus zweifelhaft ist, ob das FRITIOF-Modell bei so niedrigen Energien anwendbar ist.
Oben hatten wir bereits angesprochen, dafl im FRITIOF-Modell bestimmte Prozesse,
wie zum Beispiel YN — AK, nicht moglich sind. Wir erwarten daher nicht, dafl dieses
Modell eine korrekte Beschreibung aller Kanile liefert. Aus diesem Grunde behandeln
wir die exklusive Produktion von Vektormesonen und die exklusive Strangenesspro-
duktion auch fiir hohere Energien unabhingig vom FRITIOF-Modell. Die Rolle des
FRITIOF-Modells besteht hier darin, eine globale Beschreibung der Photon-Nukleon-
Reaktion bereitzustellen. Zum einen wird uns dies erlauben, Photoproduktion von Pio-
nen in Kernen auch bei Energien im GeV-Bereich zu berechnen. Zum anderen ist es
auch fiir die Berechnung von Vektormesonen- oder Strangenessproduktion in Kernen
von Bedeutung, die Pionendynamik korrekt zu behandeln, um Mehrstufenprozessen
Rechnung tragen zu konnen.

In Abbildung 2.23 vergleichen wir den aus dem hier verwendeten Modell resultie-
renden inklusiven Strangenessproduktionswirkungsquerschnitt mit den experimentel-
len Daten aus [93]. Die gestrichelte Linie ist die Summe der diskutierten exklusiven
Prozesse vp — AK,YK, NKK, die gepunktete das Resultat des FRITIOF-Modells
und die durchgezogene die Summe der beiden Beitrige. Da das FRITIOF-Modell die
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Abbildung 2.23: Inklusive Strangenessproduktion in yp-Kollisionen. Die experimentel-
len Daten entstammen [93]. Die inneren Fehlerbalken stellen den statistischen Fehler,
die dufleren die Summe aus statistischem und systematischem Fehler dar.

exklusiven Kanéle nicht produziert, wird hier kein Kanal doppelt gezidhlt. Man sieht,
daf die experimentellen Daten bis zu einer Energie von etwa 4 GeV zufriedenstellend
beschrieben werden. Fiir héhere Energien wird der Wirkungsquerschnitt um etwa 50%
iiberschiitzt. Die Daten zeigen allerdings eine Séttigung des Wirkungsquerschnittes be-
reits bei 4 GeV, die nicht zu erwarten ist. In [93] wurde der Wirkungsquerschnitt ohne
weitere Kommentare als ,with visible strange particle decay® bezeichnet, so da} wir
die Frage offen lassen miissen, inwieweit ein Vergleich unserer Rechnungen mit diesen
Daten iiberhaupt sinnvoll ist.

2.6.2 Implementierung des Shadowing-Effektes

Im Energiebereich der Nukleonenresonanzen (300 MeV bis 1 GeV) beobachtet man
experimentell, daf} der Photoabsorptionswirkungsquerschnitt pro Nukleon an Kernen
unabhéngig von der Massenzahl ist [18]. Bei hoheren Photonenergien sieht man eine
Reduktion der Absorptionsstirke mit zunehmender Massenzahl. Dies wird als Shadow-
ing bezeichnet [94]. Im Rahmen des VMD-Modells ist dieser Effekt sofort anschaulich
verstiandlich. Hier wird angenommen, dafl das Photon nur iiber hadronische Fluktuatio-
nen, also Vektormesonen, mit Hadronen wechselwirkt. Die rdumliche Linge d. dieser
Fluktuationen, die sogenannte Kohirenzldnge, kann man iiber die Unschérferelation
abschétzen aus der Impulsdifferenz zwischen dem Photon und dem Vektormeson mit
der gleichen Energie:

1 2k
k=R - ME T MY
falls die Photonenergie k grof§ gegeniiber der Vektormesonenmasse My, ist. Da die Vek-
tormesonen iiber die starke Wechselwirkung mit den Nukleonen des Kerns wechselwir-

ken, tritt Shadowing auf, sobald d. in die Gréfenordnung der nuklearen Abmessungen
kommt. Dies ist fiir Photonenergien von einigen GeV der Fall.

de

(2.113)
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F,y(0)= + %“ "

Abbildung 2.24: Schematische Darstellung der Vorwértsstreuamplitude F,,(0) des Pho-
tons an einem Kern im Optischen Modell.

Quantitativ wird Shadowing gewohnlich mit Hilfe des Optischen Modells beschrie-
ben [94, 95]. Wir verwenden hier das einfache Modell aus [94, 96]. Die Vorwértsstreu-
amplitude F,,(0) fiir die Streuung eines Photons an einem Kern der Massenzahl A ist
in diesem Modell iiber die in Abbildung 2.24 dargestellten Prozesse gegeben. Damit
ergibt sich:

F,,(0) = / d’rp(7) f1(0) 47rz / Brd®e T i (0) p(F) Gy (7, 7 for (0) p(7) e

(2.114)

wobei p(7) die auf A normierte Nukleonendichte bezeichnet und f4;(0) die Vorwérts-
streuamplitude des Prozesses aN — ON ist. Der Vektormesonpropagator Gy ist in
Eikonalndherung gegeben als (7= (b, 2)):

—

exo {i [ de [ty + 2o 00(5.9)] 65— 00 - 2)
(2.115)

—

Gy (b, ;0 ,2') =

2iky,

mit dem Vektormesonenimpuls ky :

ky = /k2 — M2. (2.116)

Wir beriicksichtigen das p°-, w- und ¢-Meson und iibernehmen die Parametrisierungen
der Vorwirtsstreuamplituden aus [94] (Model I)7:

k : : Re
fvv(0) = zﬁav(l —iday) mit ay = Im;:i (2.117)
fr(0) = —frv(0) (2.118)
fv
k
fra(0) = —=Fw(0) (2.119)
v
wobei
o =0, =20811+ _0.766 mb; o4, = 12mb
Jk]GeV
0.766
OCPO =y, = — ; O{(z) =
/k/GeV + 0.766
2 2
f——220 f——236 &—18.4.
4m 4m

"In [94] ist aufgrund eines Druckfehlers das Vorzeichen in der Parametrisierung fiir oy falsch.
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Die hier verwendeten Wirkungsquerschnitte der Kollisionen von Vektormesonen mit
Nukleonen unterscheiden sich von denen, die wir im Kollisionsterm unseres Transport-
modells verwenden (Kapitel 2.5.2). Das dort verwendete Resonanzmodell ist allerdings
nur fiir kleine Energien anwendbar, wihrend wir hier die Wirkungsquerschnitte der
Streuung von Vektormesonen mit Nukleonen bis zu mehreren GeV bendétigen. Die aus
[94] iibernommenen Parametrisierungen wurden an experimentelle Daten bei hohen
Energien angepafit. Bei Energien von 1 bis 2 GeV ist der Wirkungsquerschnitt der
p-Nukleon-Streuung aus dem Resonanzmodell (siehe Abbildung 2.13) um bis zu einen
Faktor 2 kleiner als die hier verwendete Parametrisierung. Dies ist jedoch kein Problem,
da der Shadowing-Effekt bei kleinen Energien keine grofie Rolle spielt.

Unter Anwendung des optischen Theorems erhalten wir den totalen Photon-Kern-
Wirkungsquerschnitt 0.4 aus Gleichung (2.114):

OnA = AO—yN — /dg’l“p(F)S(’l?) = Aeff07N7 (2120)

wobei S(7) gegeben ist als:

S(b, 2) = %Zlm {z [fivava _ ““”r/ 02 p(b, ')

—00

X exp {qu(z’ —2) — %V(l — iay) / p(b, §)d§] } (2.121)

!

mit dem Impulsiibertrag qﬁ/:

qf =k—\/k*— M. (2.122)

Dieser Impulsiibertrag entspricht gerade dem Kehrwert der oben eingefiihrten Kohé-
renzlinge d.. Aus Gleichung (2.121) sieht man nun unmittelbar die Energieabhéngigkeit
des Shadowing-Effektes:

e Bei kleinen Photonenergien ist qﬁ/ grof} gegeniiber (z — z’). Die Exponentialfunk-
tion in Gleichung (2.121) ist dann eine stark oszillierende Funktion, so daf§ das
Integral klein ist.

e Fiir groBe Energien geht der Phasenfaktor gegen 1. Dann koénnen wir die z'-
Integration in Gleichung (2.121) unter Benutzung von:

/ ' f(2) exp [ | e | [ b raie| e | [ s

unmittelbar ausfiihren und erhalten:

2
S(b, z) :Z 6—2 Im {—ioy (1 —iay) X
v 14

Y <exp [—%V(l ~io) [ ot smg] - 1) } |

(2.123)
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Die z-Integration in Gleichung (2.120) lduft analog:
00 62
/d%/ dzp(b,2)S(b,2) = Y 7 (AIm {ioy (1 —io)} +
—0o0 174 v

+ 2Im/d2b¢{exp {—%(1 —mv)/_; p(b, g)dg] - 1}) (2.124)

Fiir den Fall, dafl das Photon nur iiber intermediére Vektormesonen mit Nukleo-
nen wechselwirkt (strikte VMD: f,, = > ,.(¢/fv)fv), konnen wir damit den
totalen Photon-Kern-Wirkungsquerschnitt aus Gleichung (2.120) schreiben als
[94]:

2
€
oya =) oV (2.125)
v 1%
mit

oy = 2Re/d2b {1 — exp {—%/(1 —iay) /Oo p(b, g)dg] } : (2.126)

o0

wobei oy 4 dem totalen Wirkungsquerschnitt der Streuung des Vektormesons V'
am Kern A enstspricht (siehe auch [100]).

In den Abbildungen 2.25 und 2.26 vergleichen wir den aus Gleichung (2.120) resul-
tierenden Shadowing-Effekt mit experimentellen Daten fiir *?C und 2°®Pb. Man sieht,
dafl das die experimentellen Daten im Rahmen der Fehlerbalken sehr zufriedenstellend
beschrieben werden. Wir sollten bemerken, dafl mit dem hier verwendeten Modell eine
gute Beschreibung des Shadowing-Effektes auch bei kleinen Energien gelingt, wihrend
in [24, 25] der Shadowing-Effekt fiir Energien unterhalb von 4 GeV unterschétzt wird.
Der Grund hierfiir liegt darin, da§ in [24, 25] der Realteil der Vorwértstreuamplitude
fv(0) vernachléssigt wurde. Ein negativer Realteil fithrt zu einem stérkeren Shadowing
bei kleinen Energien.

Eine direkte Simulation des Shadowing-Effektes im BUU-Modell iiber die Initiali-
sierung von Vektormesonen fiir das Photon ist nicht méglich. Dies hat im wesentlichen
zwei Griinde. Zum einen ist bei den hier zu betrachtenden Photonenergien q|‘|/ noch
nicht so klein, dafi der Phasenfaktor in Gleichung (2.121) vernachléssigbar ist. Zum
anderen enthélt auch bei hohen Energien der Vektormeson-Kern-Wirkungsquerschnitt
aus Gleichung (2.126) Beitriige aus elastischer Streuung am Kern, die in einem semi-
klassischen Modell nicht simuliert werden kénnen. Im Gegensatz zu Gleichung (2.126)
ist der Vektormeson-Kern-Wirkungsquerschnitt im BUU-Modell gegeben als (unter
Vernachléssigung von ay):

o8l = /d% {1 — exp {—av /: p(b, 5)d§] } (2.127)

Dieser Wirkungsquerschnitt ist, falls oy sehr groff ist (Streuung an einer schwarzen
Scheibe), um einen Faktor 2 kleiner als der aus Gleichung (2.126).
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Beschreibung photonuklearer Reaktionen

Abbildung 2.25: Effektive Massenzahl gemiafi Gleichung(2.120) als Funktion der Pho-
tonenergie fiir Photoabsorption an '?C. Die experimentellen Daten stammen aus [97]
(Kreise), [98] (Quadrate), [99] (nach oben zeigende Dreiecke), [24] (nach unten zeigende
Dreiecke). Im Falle der letzteren beiden haben wir die hier gezeigten Datenpunkte aus
den experimentellen Daten zum totalen Absorptionswirkungsquerschnitt unter Verwen-
dung der Parametrisierung aus [91] (Gleichung (2.112)) fiir den Wirkungsquerschnitt
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Abbildung 2.26: Effektive Massenzahl als Funktion der Photonenergie fiir Photoabsorp-
tion an 2°8Pb. Siehe Abbildung 2.25 fiir den Verweis auf die experimentellen Daten.
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Abbildung 2.27: Abh#ngigkeit des Shadowing-Faktors sy von b und z fiir 2%®Pb bei 2
GeV.

Aus den angesprochenen Griinden implementieren wir den Shadowing-Effekt, indem
wir die elementaren Photon-Nukleon-Wirkungsquerschnitte mit einem ortsabhéingigen
Shadowing-Faktor sy () versehen, der gegeben ist als:

S
sy(f)=1- 5(7) (2.128)
OyN
Der totale Photon-Kern-Wirkungsquerschnitt aus Gleichung (2.120) 148t sich damit als
Integral iiber In-Medium-Photon-Nukleon-Wirkungsquerschnitte schreiben:

ria= [ o@Dy = dugso. (2.129)

In unseren Rechnungen verwenden wir den gleichen Shadowing-Faktor sy () fiir alle
partiellen Wirkungsquerschnitte.

In den Abbildungen 2.27 and 2.28 zeigen wir die Abhéngigkeit des Shadowing-
Faktors sy von den riumlichen Koordinaten b und z fiir 2 Pb bei Photonenergien von
2 und 7 GeV. Bei 2 GeV sind einige Interferenzstrukturen sichtbar. Da jedoch sy nur
zwischen 0.8 und 1.2 variiert, erwarten wir keinen grofien Einflul auf Rechnungen zur
Teilchenproduktion. Demgegeniiber ist Shadowing bei 7 GeV von deutlich gréflerer Be-
deutung. Aus Abbildung 2.28 sieht man, dafl auch bei dieser Energie der Phasenfaktor
in Gleichung (2.121) noch nicht génzlich vernachléssigbar ist, da man fiir grofle z einen
Anstieg von sy beobachtet.
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Abbildung 2.28: Abh#ngigkeit des Shadowing-Faktors sy von b und z fiir 2%Pb bei 7

GeV.

2.7 Dileptonenproduktion

Fiir die Berechnung von Dileptonenproduktion ist es nicht notwendig, Transportglei-
chungen fiir die Leptonen zu l6sen, da diese nur iiber die elektroschwache Wechselwir-
kung an Hadronen koppeln und daher mogliche Absorptionsprozesse unbedeutend sind.
Aufgrund der Coulomb-Wechselwirkung dndern sich jedoch die Impulse der Leptonen
bei ihrer Propagation durch die hadronische Materie. Fiir die in dieser Arbeit zu bespre-
chende photon- (Kapitel 6.2) und pioninduzierte (Kapitel 6.3) Dileptonenproduktion
in Kernen ist die Berechnung der Coulomb-Korrekturen auf die Dileptonenspektren
recht einfach, da man von einer statischen Ladungsverteilung des Kerns ausgehen kann
und dann die Trajektorien der Leptonen unmittelbar durch ihren Produktionsort und
anfénglichen Impuls festgelegt sind. In Kapitel 6.2.2 zeigen wir, daf} die resultierenden

Coulomb-Korrekturen klein sind. Im Falle von Schwerionenkollisionen hingt die Pro-
pagation der Leptonen von der Zeitentwicklung der hadronischen Materie ab, was eine
dynamische Behandlung der Leptonen erfordern wiirde. Eine solche Rechnung liegt

allerdings bislang nicht vor.

In der vorliegenden Arbeit beriicksichtigen wir Dileptonenproduktion aus den e*e™-
Zerfillen der Vektormesonen p°, w und ¢ sowie die Dalitz-Zerfille A(1232) — Nete™,
70— vete , n — yete und w — 7lete . Die Produktionsraten lassen sich unmittel-
bar aus den Phasenraumverteilungsfunktionen F' der Hadronen berechnen. Der Beitrag
eines Vektormesons V' zum massen- und impulsdifferentiellen Dileptonenspektrum ist
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gegeben als:

I ete~
FV(Fa taﬁa /'L) Voeh , (2130)

LVV_MF@? :/ dtd®r 3
0 (27) Y

d*pdp

wobei 'y .+~ die ete”-Zerfallsbreite des Vektormesons in seinem Ruhesystem be-
zeichnet und v = p°/p der Lorentzfaktor fiir die Transformation dieser Breite in das Re-
chensystem ist. Die Beitrige der Dalitz-Zerfille Q — e*e~ X erfordern eine zusitzliche
Integration iiber den Viererimpuls von X. Aufgrund von Energie- und Impulserhaltung
konnen wir diese Integration als Integration iiber den Viererimpuls der hadronischen
Quelle ) schreiben:

dNQ—)e*e*X /OO 3 d3pQ -, o 1 dFQ—)e*e*X
— = = dtd dpgF t - 2.131
d3pdlu 0 T(27r)3 /’LQ Q(r7 7pQ7luQ)/y d3pdu ( )

Da das 7% und das n-Meson nur aufgrund der elektroschwachen Wechselwirkung,
die in der dynamischen Berechnung der Phasenraumverteilungsfunktionen nicht beriick-
sichtigt wird, zerfallen, erhalten wir deren Beitrag nach Beendigung der hadronischen
Reaktionen, indem wir die Zeitintegration in Gleichung (2.131) analytisch ausfiihren.
Im Vakuum gilt:

3 e 3 —— rg'
/d rFo(rt,p,p) = /d rFo(7,to, P, 1) | exp _T(t_to) )

Damit ergibt sich:

ANQ s etex / . dPpg o dU g setre-x/d*pdp
— " = [d duoF (7t 2.132
d3pdu T(27r)3 HoE (T to, Pay o) rist ’ ( )

wobei ty einen Zeitpunkt nach dem Ende der hadronischen Reaktionen angibt. Auch
die Beitrige der zum Zeitpunkt ¢, noch vorhandenen A-Resonanzen und w-Mesonen
werden in der numerischen Realisierung iiber Gleichung (2.132) berechnet.

Da wir den Spin der Teilchen nicht explizit beriicksichtigen, gehen wir von einem
isotropen Dileptonenzerfall im Ruhesystem der hadronischen Quelle aus.

2.7.1 Vektormesonen

Die ete™ -Zerfallsbreiten der Vektormesonen berechnen wir im Rahmen strikter VMD
[101]. Die Lagrangedichte fiir die Kopplung des Photonenfeldes A* an das Vektorme-
sonenfeld V* ist dann gegeben als:
em?
Ly =——LAVF (2.133)
gv

Damit erhalten wir unter Vernachldssigung der Elektronenmasse:

M4
Dy ete- (1) = CVM—;/’ (2.134)
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wobei sich die Konstanten Cy aus den in [58] gegebenen Zerfallsbreiten der Vektorme-
sonen ergeben:

C,=8814-10°% C,=767-10"", C, =1.344-10 .

Die Lagrangedichte aus Gleichung (2.133) ist jedoch problematisch, da sie eine Masse
des Photons zur Folge hat, die durch eine entsprechende ,nackte* Masse des Photons
in der Lagrangedichte kompensiert werden mufl. Zudem erfordert sie Universalitit der
Kopplung: gy = ¢prx. Deshalb wird im Rahmen des sogenannten erweiterten VMD-
Modells die folgende Lagrangedichte verwendet [102]:

e
Ly =——F,G", 2.135
14 2gv 1% ( )
wobei die Feldstirketensoren gegeben sind als F),, = 0,4, — 0,4, und G,, = 0,V, —
d,V,,. Mit dieser Lagrangedichte erhilt man fiir die e*e™-Breite der Vektormesonen:

P

. 2.136
T (2.136)

FV%e‘*’e‘ (,U/) = C’V
Die ete~-Breiten aus der strikten und der erweiterten VMD unterscheiden sich damit
um einen Faktor (My /p)*. Fiir ein p°~-Meson mit einer invarianten Masse von 500 MeV
ergibt dies einen Faktor 5.6. Wihrend das erweiterte VMD-Modell nun sicherlich auf
einer besseren theoretischen Basis steht, so ist fiir die Implementierung in ein Trans-
portmodell zu beachten, daf} in diesem Modell auch eine direkte Kopplung des Photons
an hadronische Strome erforderlich ist. Dies resultiert daher, daf die yp-Kopplung aus
Gleichung (2.135) fiir reelle Photonen (¢* = p? = 0) verschwindet, die Kopplung eines
reellen Photons an einen Strom aber durch die elektrische Ladung des Stroms fest-
gelegt ist. Die direkte Kopplung liefert immer Beitrige zur Dileptonenproduktion die
proportional zu 3 (quadrierter Photonenpropagator mal Phasenraum) sind. Fiir die
Berechnung von Dileptonenproduktion in hadronischen Reaktionen im Rahmen eines
erweiterten VMD-Modells ist es daher zwingend erforderlich, die Beitriage der direkten
Kopplung und der Kopplung iiber Vektormesonen kohérent aufzuaddieren. Da wir nun
aber die Vektormesonen explizit propagieren, ist eine solche kohérente Addition in un-
serem semi-klassischen Modell nicht moglich. Aus diesem Grunde miissen wir fiir die
e"e -Breite der Vektormesonen Gleichung (2.134) verwenden.

In Abbildung 2.29 zeigen wir, dafl mit den hier verwendeten Breitenparametrisierun-
gen fiir das p-Meson eine zufriedenstellende Beschreibung des Wirkungsquerschnittes
zu ete” — w1 iiber seinen Breit-Wigner-Beitrag gemifi Gleichung (2.52) gelingt.
Fiir invariante Massen zwischen 400 und 600 MeV iiberschéitzen wir den Wirkungs-
querschnitt zwar um etwa 50%. Dies ist jedoch im Rahmen unseres einfachen Modells
durchaus tolerabel. Die gestrichelte Linie ergibt sich unter Verwendung der Zweipio-

nenbreite aus [103):
it = (52) (205 2157

wobei py den Schwerpunktsimpuls der Pionen bezeichnet. Diese Breitenparametrisie-
rung fiihrt zu einer sehr guten Beschreibung des Wirkungsquerschnittes. Die Struktur
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Abbildung 2.29: Wirkungsquerschnitt zu ete™ — 7 7~. Die durchgezogene Kurve
ist der Breit-Wigner-Beitrag des p-Mesons mit den von uns verwendeten Breitenpa-
rametrisierungen. Die gestrichelte Linie ergibt sich mit der Zweipionenbreite aus [103]
(Gleichung (2.137)), die gepunktete mit einer e™e -Breite proportional zu p. Die ex-
perimentellen Daten stammen aus [104] (Quadrate) und [105] (Kreise, Dreiecke).

im experimentellen Wirkungsquerschnitt unterhalb von 800 MeV ist auf die bekannte
p-w-Mischung zuriickzufiihren, die — da es sich um einen Interferenzeffekt handelt —
in unserem Modell nicht simuliert werden kann. In Abbildung 2.29 zeigen wir aufer-
dem den Wirkungsquerschnitt, der sich unter Verwendung der e*e -Breite aus Glei-
chung (2.136) ergibt. Man sieht, daf§ dieser Wirkungsquerschnitt die Daten nur unzu-
reichend beschreibt.

2.7.2 Dalitz-Zerfille
Fiir den Dalitz-Zerfall der A(1232)-Resonanz iibernehmen wir das Modell aus [106]:

dFA—)Ne*e* _ Q_QFO(N)

2.138
du 3m ( )
mit
29’ pia fia + My ?
To(p) = 42 (pp — My —
W)= 5o <(MN+MA>2—M2> (4470t = Moy = )+ (2.139)

+2q5 (5pa — 3(q0 + M) = 26*(pa + My + qo)]

wobei py den Impuls und ¢° die Energie des Dileptons im Schwerpunktsystem der A-
Resonanz bezeichnen. Die Kopplungkonstante g = 5.44 8 ist an die Zerfallsbreite des
N~-Zerfalls der A-Resonanz angepaBt (I'a—,n+(0) = 0.72 MeV [58]). Natiirlich kénnen
nur einfach geladene und neutrale A’s an dem beschriebenen Zerfall teilnehmen.

8In [106] ist der falsche Wert g = 2.72 angegeben.
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Bei der Berechnung des Dalitz-Zerfalls der A-Resonanz haben wir nur eine direkte
Kopplung des Photons beriicksichtigt nicht aber Beitrige von intermediiren Vektor-
mesonen. Dies ist inkonsistent zu unserer oben beschriebenen Behandlung des Dilep-
tonenzerfalls der Vektormesonen, fiir den wir strikte VMD annehmen. Es wére nun
aber falsch, dies durch die Multiplikation der Breite aus Gleichung (2.138) mit einem
p-Meson-Formfaktor zu korrigieren. Denn dann miifiten wir bei der Population der
A-Resonanzen die korrespondierende A — N p-Breite im Resonanzpropagator beriick-
sichtigen. Da nur A’s mit sehr grofien invarianten Massen in p-Mesonen mit Massen
in der Ndahe der Polmasse zerfallen kénnen, kann der Beitrag der A-Resonanz zur p-
Produktion aus Unitaritéitsgriinden nur unwesentlich sein (siehe Gleichungen (2.52),
(2.57)). Fiir den Zerfall einer A-Resonanz in ein Dileptonenpaar mit kleiner invarian-
ter Masse spielt demgegeniiber das Vorhandensein eines p-Formfaktors keine Rolle. Aus
diesen Griinden verzichten wir auf eine explizite Beriicksichtigung eines N p-Zerfalls der
A-Resonanz. Dies wiirde iiberdies das Problem aufwerfen, p-Mesonen mit invarianten
Massen unterhalb der Zweipionenschwelle zu behandeln.

Fiir die Dalitz-Zerfille der pseudoskalaren Mesonen 7° und 7 iibernehmen wir die
Parametrisierung aus [107], wobei wir die Elektronenmasse stets vernachlissigen:

T pyrere 4T 2\*
Poyete 2L poyyy 1 — M_Q |FP(N)|2 , (2.140)
dp 3T mp

mit Lro,, = 7.8-107% MeV und I, = 4.6 - 10~* MeV [58]. Die Formfaktoren Fp
sind folgendermaflen parametrisiert:

Fro(p) = 1+ bpou® (2.141)

Fy(p) = <1—‘K—;>1, (2.142)

wobei byo = 5.5 GeV~2 und A, = 0.72 GeV verwendet werden.
Die Parametrisierung des Dalitz-Zerfalls des w-Mesons iibernehmen wir aus [108]:

2
L gy
2 _ 2 ( 2 _ 2)2
pZ — m? pZ —m2

3/2

dFUJ mrere— 2 Fw Vi
onleter 20 _wonly F,(u)?,  (2.143)

dp T
A4

F(p)* =
SR R vive

(2.144)

mit ', 0, = 0.717 MeV [58], A, = 0.65 GeV und I'y, = 75 MeV. Wir sollten hier an-
merken, daf der hier verwendete Formfaktor des w-Mesons in [108] lediglich eingefiihrt
wurde, um eine gute Beschreibung der experimentellen Daten zu p + A — eTe~ X bei
SPS-Energien zu erhalten. In der Zukunft ist eine genauere experimentelle Bestimmung
dieses Formfaktors geplant [47].
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Kapitel 3

Numerische Realisierung des
Modells

Bevor wir uns der numerischen Realisierung des in Kapitel 2 vorgestellten Modells
zuwenden, fassen wir kurz die wesentlichen Modellinhalte zusammen. Zu l6sen ist ein
gekoppeltes System von Integro-Differentialgleichungen (2.66) fiir die 8-dimensionalen
spektralen Phasenraumverteilungsfunktionen F;(7, ¢, 7, 1) der in Kapitel 2.3 vorgestell-
ten Hadronen ¢, wobei wir den Isospin explizit und den Spin nur als statistischen
Faktor beriicksichtigen. Wir verwenden normalerweise Vakuumspektralfunktionen, so
daf} sich Gleichung (2.66) fiir im Vakuum stabile Teilchen auf Gleichung (2.17) fiir die
7-dimensionale Phasenraumverteilungsfunktion f;(7, ¢, p) reduziert. Die Transportglei-
chungen sind gekoppelt iiber ein Mittleres Feld (Kapitel 2.2) und einen Kollisionsterm
(Kapitel 2.5).

Wir nehmen normalerweise an, dal das Mittlere Feld fiir alle Baryonen gleich ist
und vernachléssigen ein hadronisches Potential fiir die Mesonen. Als Mittleres Feld
verwenden wir ein effektives skalares Potential, das rein lokal aber impulsabhéngig ist.
Dieses Potential ist isospinunabhéngig.

Im Kollisionsterm verwenden wir normalerweise Vakuumiibergangsraten, die ledig-
lich aufgrund des moglichen Pauli-Blockings der auslaufenden Nukleonen modifiziert
werden. Abgesehen von wenigen Ausnahmen beriicksichtigen wir nur Zweiteilchen-
StoBe.

Der Zusammenhang zwischen den im Kollisionsterm auftauchenden Ubergangsraten
und den Mittleren Feldern, der sich aus der Forderung nach Analytizitéit der Selbst-
energien ergibt, wird vernachlissigt.

3.1 Die Testteilchenmethode

Die Testteilchenmethode besteht darin, die kontinuierlichen Phasenraumverteilungs-
funktionen durch eine endliche Anzahl sogenannter Testteilchen zu diskretisieren:

(2m)°

F( 65 0) = 5 007 - ROV TG O - ), (3)

wobei N die Anzahl der Testteilchen pro physikalischem Teilchen bezeichnet und die
Summe sich iiber alle vorhandenen Testteilchen erstreckt. Mit 7;(t), p;(¢) und p;(¢)

71
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haben wir die Ortskoordinaten, den Impuls und die invariante Masse des Testteilchens
i bezeichnet, und g ist der Entartungsgrad der Einteilchen-Impulszusténde bei Existenz
innerer Freiheitsgrade. Setzt man den Ansatz aus Gleichung (3.1) in die linke Seite der
Transportgleichung (2.66) ein, erhélt man die folgenden Bewegungsgleichungen fiir die
Testteilchen:

dr; 0H,,y

— = 3.2
dt op (32)
dp;  OHpy

dt or (3:3)
dp;

= 0. A4

5 0 (3.4)

Dies sind gerade die klassischen Hamilton-Gleichungen. Hier ist allerdings zu beachten,
daf die Einteilchen-Hamiltonfunktion H,,; ein Funktional der Phasenraumverteilungs-
funktion ist.

3.1.1 Berechnung der Strome

Da in die Bewegungsgleichung (3.3) der Testteilchenimpulse die Ortsableitungen des
Mittleren Feldes eingehen, das von der Baryonendichte im lokalen Ruhesystem abhéngt,
ist eine hinreichend glatte Dichteverteilung erforderlich. Der sich aus der Testteilchen-
verteilung (3.1) ergebende Viererstrom j* ist jedoch eine Summe von §-Funktionen.
Daher verwenden wir fiir die Berechnung der Mittleren Felder einen geschmierten Vie-
rerstrom j*, den wir aus der Testteilchenverteilung iiber die Faltung mit einer Gauf-
Funktion erhalten:

-~ 1 o 7 —7)?

]”(7”) = 7(27TA2)3/2 /d?’r’j”(r’) exp |:_( 2A2) :|

_ 1 Pi (r—7)*
~ N(2mA2)3/2 2; 0 exp [_ 2A% |7

wobei wir fiir die Breite der Gauf-Funktion A = 1 fm verwenden®. Den geschmierten
Viererstrom j* berechnen wir auf einem Gitter mit Kantenliinge d = 1 fm.

Die numerische Bestimmung einer Temperatur aus der Testteilchenverteilung dis-
kutieren wir in Kapitel 8.1.1.

(3.5)

3.1.2 Propagation der Testteilchen

Die Bewegungsgleichungen (3.2) und (3.3) 16sen wir mit einem sogenannten Prédiktor-
Korrektor-Verfahren. Im Priadiktor-Schritt werden zunéchst die Bewegungsgleichungen
aufintegriert:

P = ﬁ(t)+At—anggﬂ(t))(ﬁ,@) (3.6)
i = aln) - s gy 1)

! Aus Rechenzeitgriinden schneiden wir die Gauf-Funktion bei einem Abstand von v/5 fm ab. Dies
wird natiirlich in der Normierung beriicksichtigt.



3.1. Die Testteilchenmethode 73

wobei At die verwendete Zeitschrittweite (siehe Kapitel 3.7 fiir typischerweise benutzte
Werte) bezeichnet. Aus den so erhaltenen Pridiktor-Koordinaten wird der zugehorige
Viererstrom j*" berechnet, mit dessen Hilfe die Gradienten in einem Korrektor-Schritt
korrigiert werden:

R A = )+ S (w OH,y ()

. I TP 5P
(At iy 4 P e ) o

. . At OH,r(7*(t)) .o .  OHwm(G"")  _p |
Bt +At) = pi(t) — > <At%(n,pi) + %(T?;ﬁ)) - (3.9)

Die auftauchenden Ortsableitungen werden auf dem oben erwéhnten Gitter ausgerech-
net. Die Ableitung nach der r,-Koordinate ergibt sich zum Beispiel als:

8Hmf N Hm (]u(karlayl;Zm)aﬁi) - Hmf(ju(xkflaylazm)aﬁi)
a—rm( i z) - 2 )

(3.10)

wobei mit (xg, y;, 2,) der am néchsten zum Ort 7; des Testteilchens liegende Gitter-
punkt bezeichnet ist. Auch die Impulsableitungen kénnen, da die Impulsabhéingigkeit
des Mittleren Feldes (Gleichung (2.30)) nicht im Rechensystem, sondern im lokalen Ru-
hesystem gegeben ist, nicht analytisch berechnet werden. Die numerische Auswertung
ergibt:

OH,
Opg

(75, 7i) =
. Hm (ju(xka Y, Zm)aplx + dp,p;,pi) - Hm (;M(xka Y, Zm)api; - dp,p;,pi) (3 11)
B 2d, T

wobei wir d, = 10 MeV verwenden.

3.1.3 Berechnung der Einteilchen-Energien

Die Auswertung der Gradienten in Gleichungen (3.10) und (3.11) erfordert die Berech-
nung der Einteilchen-Hamiltonfunktion H,,. Diese ist gegeben als (siehe Kapitel 2.2):

Hpp = \/(Mz' + Us(pirfsDirg))? + D2, (3.12)

mit dem effektiven skalaren Potential Us aus Gleichung (2.33). Nun ist aber der Impuls
pirg im lokalen Ruhesystem aufgrund der Lorentztransformation eine Funktion von p;
und p? = H,,;. Daher ist die Einteilchen-Energie iiber Gleichung (3.12) nur implizit
gegeben und ihre Bestimmung kann nur iiber ein numerisches Iterationsverfahren erfol-
gen. Wir verwenden hierzu ein Regula-Falsi-Verfahren. Als Abbruchbedingung in der
Iteration fordern wir, daf} sich das skalare Potential Ug in zwei aufeinanderfolgenden
[terationsschritten um weniger als 0.5 MeV dndert.
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Kern || 7o [fm] | o [fm] | pp [fm
12C 2.209 | 0.479 0.186
0Ca || 3.614 | 0.479 0.173
Y7Au || 6.619 | 0.476 0.154
28Ph || 6.755 | 0.476 0.154

Tabelle 3.1: Verwendete Parameter fiir die Kerndichteverteilungen gemifl Glei-
chung (3.13).

3.2 Initialisierung

Fiir die Dichteverteilung eines Kernes im Anfangszustand verwenden wir die folgende
Woods-Saxon-Verteilung:

-1
p(r) = po (1 + exp i ar0> , (3.13)

wobei wir annehmen, daf} der Verlauf der Dichteverteilung von Protonen und Neutronen
gleich ist. Die hier verwendeten Parameter stammen aus einer Anpassung an Hartree-
Fock-Rechnungen [109], die die iiber den elektromagnetischen Formfaktor experimentell
gemessene Dichteverteilung der Protonen sehr gut beschreiben. In Tabelle 3.1 sind die
Parameter fiir einige Kerne aufgefiihrt.

Die Initialisierung im Impulsraum erfolgt unter Benutzung einer lokalen Thomas-
Fermi-Nidherung (Gleichung (2.28)) mit dem lokalen Fermi-Impuls aus Gleichung (2.29).

3.2.1 Stabilitat des initialisierten Zustandes

In Abbildung 3.1 zeigen wir die zeitliche Entwicklung der Dichteverteilungen eines ru-
henden “°Ca-Kernes und eines ruhenden 2°Pb-Kernes, die sich als Losung der Vlasov-
Gleichung in unserem Modell ergeben. Diese Rechnungen wurden mit N = 1000 Test-
teilchen pro Nukleon im Falle von %°Ca und mit N = 400 fiir 2**Pb durchgefiihrt. Als
Potential wurde die impulsabhéingige Parametrisierung MM aus Tabelle 2.1 verwen-
det. Man sieht, dafl die Dichteverteilungen zeitlichen Schwankungen im 20%-Bereich
unterliegen, die Kerne aber langfristig lokalisiert bleiben.

Um die zeitlichen Oszillationen besser zu verstehen, betrachten wir die Zeitentwick-
lung des quadratischen gemittelten Radius der Dichteverteilungen:

()"0 = 5 [ e,

In Abbildung 3.2 ist diese Gréfle fiir °Ca und 2°Pb dargestellt. Neben der Rechnung
mit der Potentialparametrisierung MM haben wir auch Rechnungen mit den Parame-
trisierungen H und S, in denen das Potential nicht impulsabhéngig ist, durchgefiihrt.
Man sieht, dafl die Kerne stark ausgeprigte radiale Oszillationen durchfiihren. Die
Amplitude dieser Schwingungen ist nahezu unabhingig vom verwendeten Potential
und betrigt fiir beide Kerne etwa 0.5 fm. Dies ist ein sehr grofler Wert. Wihrend die
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Abbildung 3.1: Zeitliche Entwicklung der Dichteverteilungen eines ruhenden *°Ca-
Kernes (oben) und eines ruhenden 2°Pb-Kernes (unten). Aufgetragen ist hier die ge-
schmierte Dichte gem#f Gleichung (3.5).

zeitlichen Schwankungen der Dichteverteilungen in Abbildung 3.1 noch tolerabel aus-
sahen, so ist eine solch starke kollektive Bewegung des initialisierten Kernes durchaus
bedenklich. Die Schwingungsdauer zeigt eine leichte Abhingigkeit vom verwendeten
Potential und nimmt mit zunehmender Kompressibilitit ab. Fiir *°Ca betrigt sie etwa
50 fm/c und fiir 2°Pb 70 fm/c.

Der Grund fiir die hier beobachteten Oszillationen ist nicht numerischer Natur.
Er liegt vielmehr darin, daf§ die von uns vorgenommene Initialisierung gemé&fl Glei-
chung (3.13) nicht dem exakten Grundzustand des Potentials entspricht.

3.2.2 Berechnung des richtigen Grundzustandes

Im folgenden beschréinken wir uns der Einfachheit halber auf ein impulsunabhingi-
ges Potential (Parametersatz H), da wir bereits gesehen haben, daf§ die Oszillationen
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Abbildung 3.2: Zeitliche Entwicklung des quadratisch gemittelten Radius der Dichte-
verteilungen von *°Ca und 2%®Pb mit verschiedenen Potentialparametrisierungen.

des Anfangszustandes weitgehend unabhéingig vom verwendeten Potential sind (siehe
Abbildung 3.2). Das Problem, den Grundzustand zu finden, besteht darin, die Phasen-
raumverteilungsfunktion f(7,p) so zu bestimmen, daf§ die Gesamtenergie £ minimiert
wird. Die Gesamtenergie ist gegeben als:

E = /d% €, (3.14)

mit der Energiedichte € aus Gleichung (2.35). Da die potentielle Energiedichte v nur
von p(7) abhéingen soll, siecht man unmittelbar, daf§ die Impulsverteilung, die E un-
ter Beriicksichtigung des Pauliprinzips (f < 1) minimiert, durch eine Fermi-Dirac-
Verteilung bei Temperatur 77 = 0 (Gleichung (2.28)) gegeben ist. Aufgrund von Ku-
gelsymmetrie miissen wir nun nur noch p(r) bestimmen. Die Nebenbedingung

47r/dr rp(r) = A (3.15)

beriicksichtigen wir mit einem Lagrangemultiplikator er. Damit erhalten wir nach
Funktionalableitung beziiglich p(r) und unter Verwendung eines nicht-relativistischen
kinetischen Terms die folgende Lésung des Minimierungsproblems:
2

D s Ul = er (olr) > 0), (3.16)
wobei pp(r) iiber Gleichung (2.29) mit der Dichte p(r) zusammenhéingt. Gleichung
(3.16) ist gerade die bekannte Thomas-Fermi-Gleichung. Im Falle eines lokalen Poten-
tials ist U[p, ] lediglich eine Funktion von p(r) und daraus folgt, daf die Losung von
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Gleichung (3.16) eine Stufenfunktion fiir p(r) ergibt:

34 )1/3 (3.17)

o(r) = pO(R — 1), RZ(MW

mit der Dichte py aufgrund von Gleichung (2.39).

Eine Initialisierung der Kerndichte geméfl Gleichung (3.17) ist nun aber nicht sinn-
voll, da davon auszugehen ist, daf§ fiir die hier vorgestellten Rechnungen die endliche
Oberflachendicke der Kerne nicht vernachlissigbar ist. Um ein realistisches Dichtepro-
fil zu erhalten, ist eine endlich reichweitige Wechselwirkung erforderlich. Aus diesem
Grunde fiihren wir ein Yukawa-Potential ein, das bereits in [51] in BUU-Rechnungen
verwendet wurde. Die zugehorige potentielle Energiedichte ist gegeben als:

Vo

—p|r=r"|
Yuk 3,0 (2 Sy € s
=—|d = —— 3.18
v 5 / ’I“p(’l“)p(?” )M|,':»_7:’/| ( )

In Kernmaterie ergibt dieses Potential den folgenden Beitrag zur Energiedichte:

21V,
UYuk — 30 2
I

Dieser Term hat die gleiche p-Abhéingigkeit wie der Term proportional zum Parameter
A in Gleichung (2.36). Wir konnen daher das Yukawa-Potential einfithren, ohne die
Kernmaterieeigenschaften des Potentials zu dndern, indem wir den Parameter A wie
folgt modifizieren:

4mVopo
po

Zur Berechnung des exakten Grundzustandes miissen wir eine selbstkonsistente lokale
Thomas-Fermi-Rechnung gemifl Gleichung (3.16) durchfiihren. Das Potential Ulp, ]
in Gleichung (3.16) ist ein Funktional von p(r), da das zu v¥* korrespondierende
Einteilchenpotential gegeben ist als:

A— A—

ef.uh_“*,’?,‘

Uk =V, / d*r' p(7") (3.19)

plr—=|
Die Thomas-Fermi-Rechnung erfolgt in einem zweistufigen numerischen Iterationsver-
fahren. Hierzu bestimmen wir zu vorgegebener Dichte p’(r) im i-ten Iterationschritt
zuniichst das Potential U?(r). €%, erhalten wir dann aus der Losung der Gleichung (3.15):

4 /R dr rzgl [2M, (€} — Ui(r))]a/2 = A, (3.20)

2
wobei die obere Integrationsgrenze R gegeben ist als Losung von:
et. —U'(R) = 0.

Die Gleichung fiir €%, 16sen wir numerisch mit einem Regula-Falsi-Verfahren. Aus €,
kénnen wir dann die Dichte p***(r) fiir den nichsten Iterationsschritt berechnen:

. 2
P (r) =

2 3/2
32 '

22 (€ — V(1) 3.21)
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Abbildung 3.3: Dichteverteilung aus lokaler Thomas-Fermi-Rechnung fiir 2°*Pb (durch-
gezogene Linien). Die gestrichelte Linie, die in etwa der experimentellen Verteilung ent-
spricht, ist die normalerweise initialisierte Dichteverteilung geméfl Gleichung (3.13).

In Abbildung 3.3 zeigen wir das Ergebnis der Thomas-Fermi-Rechnung fiir 2°8Pb.
Hier haben wir fiir das Yukawa-Potential die folgenden Parameter verwendet:

VPl = —36.7MeV, p' =1fm,

um eine moglichst gute Reproduktion der Dichteverteilung aus Gleichung (3.13) zu
erhalten, die ebenfalls in Abbildung 3.3 dargestellt ist. Die Thomas-Fermi-Lsung
geht bei einem endlichen r auf null, wihrend die Woods-Saxon-Verteilung exponen-
tiell abfillt. Insbesondere an der mit r? gewichteten Dichteverteilung sieht man, daf
beide Verteilungen eine recht unterschiedliche Oberfliche aufweisen.

Die Rechnungen fiir *°Ca wurden mit einem Yukawa-Potential mit einer etwas
kiirzeren Reichweite, das aber die gleiche integrale Stéirke besitzt, durchgefiihrt:

Ve = —124.0 MeV, pf* = 1.5 fm.

Die resultierende Dichteverteilung ist in Abbildung 3.4 dargestellt. Auch diese Dichte-
verteilung ist eine recht gute Ndherung an die normalerweise verwendete.

Diese Dichteverteilungen haben wir nun auch in der BUU-Simulation zur Initiali-
sierung verwendet. Das Yukawa-Potential wird hier nicht direkt {iber das Integral in
Gleichung (3.19) berechnet, sondern aus numerischen Griinden als Losung der folgen-
den abgeschirmten Poisson-Gleichung:

TR (3.22)

<§2 _ MQ) UYuh(7) = —
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