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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

1



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.



34 2. Das BUU-Modell
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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
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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



42 2. Das BUU-Modell

o [mb]

17 18 19 20 21 22 23
sqrt(s) [GeV]

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)



62 2. Das BUU-Modell

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:/d3re,

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

(3.14)

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:

P (r)

———= 4+ Ulp,r] = €r

3.16
o0, (3.16)

(o(r) > 0),
wobei pp(r) iiber Gleichung (2.29) mit der Dichte p(r) zusammenhingt. 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) = —



3.2. Initialisierung 79

0.20 : : : : : 1.5
0.15
110
@ RN
£ 0.10 o
= =
a =
405 3,
0.05
0.00 ARRLEE.
6

r [fm]

Abbildung 3.4: Dichteverteilung aus lokaler Thomas-Fermi-Rechnung fiir °Ca (durch-
gezogene Linien). Die gestrichelte Linie ist die normalerweise initialisierte Dichtever-
teilung gemif Gleichung (3.13).

Im Gegensatz zu der Behandlung des lokalen skalaren Potentials aus Gleichung (2.33)
ist die des Yukawa-Potentials nicht kovariant. Die kovariante Behandlung eines Po-
tentials mit endlicher Reichweite erzwénge die Beriicksichtigung von Retardierungsef-
fekten, die die numerische Behandlung deutlich erschwerten. Da wir im folgenden das
Yukawa-Potential nur zu Testzwecken zur Beschreibung von Kernen im Grundzustand
verwenden werden, stellt die fehlende Kovarianz kein Problem dar. Eine Berechnung
von Schwerionenkollisionen bei hohen Energien ist mit diesem Potential jedoch nicht
ohne weiteres méoglich.

In Abbildung 3.5 zeigen wir, dafl ein mit der Dichteverteilung aus der Thomas-
Fermi-Rechnung initialisierter 22 Pb-Kern auch im Rahmen der Testteilchen-Numerik
im BUU-Programm wirklich stabil ist. Noch deutlicher erkennt man die Stabilitit bei
Betrachtung der Zeitentwicklung des quadratisch gemittelten Radius, die in Abbil-
dung 3.6 dargestellt ist. Hier prisentieren wir auch die Resultate fiir *°Ca. Im Ver-
gleich zu den Rechnungen ohne Yukawa-Potential und mit der Initialisierung geméf
Gleichung (3.13) sind die Oszillationen fiir beide Kerne um fast einen Faktor 10 redu-
ziert. Die verbleibenden Oszillationen sind rein numerischer Natur und zuriickzufiihren
auf die Schmierung der Dichte und die endliche Kantenlinge des Gitters auf dem die
Potentialgradienten berechnet werden. Eine Verbesserung der Numerik ist jedoch nicht
notwendig, da die Amplitude der Radiusoszillationen kleiner als 0.1 fm und damit fiir
alle praktischen Zwecke unbedeutend ist.

In Abbildung 3.6 zeigen wir auch Kurven, die sich mit der herk6mmlichen Initialisie-
rung und der Beriicksichtigung des Yukawa-Potentials ergeben. In diesem Falle erhalten
wir auch eine deutliche Reduktion der Oszillationen, deren Amplitude nur etwa 0.1 fm
betrigt. Dies ist nicht erstaunlich, da wir die Parameter des Yukawa-Potentials gerade
so gewihlt hatten, dafl der zum Potential korrespondierende Grundzustand moglichst
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Abbildung 3.5: Zeitliche Entwicklung der Dichteverteilung eines ruhenden 2° Pb-Kernes
bei Verwendung der aus einer lokalen Thomas-Fermi-Rechnung gewonnenen Dichtever-

teilung zur Initialisierung.
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Abbildung 3.6: Zeitliche Entwicklung des quadratisch gemittelten Radius der Dichtever-
teilungen von °Ca und 2°®Pb bei Initialisierung des Grundzustandes aus der Thomas-
Fermi-Rechnung (durchgezogene Linien). Die gestrichelten Linien ergeben sich mit der
herkémmlichen Initialisierung und Beriicksichtigung des Yukawa-Potentials. Die ge-
punkteten Linien entsprechen den gestrichelten Linien in Abbildung 3.2.
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Abbildung 3.7: Zeitliche Entwicklung der im BUU-Programm berechneten Bindungs-
energie pro Nukleon eines ruhenden 2°*Pb-Kernes. Die Bedeutung der Linien entspricht
der in in Abbildung 3.6. Beitrdge der Coulomb-Energie sind nicht beriicksichtigt.

nah an der Woods-Saxon-Dichteverteilung liegt.

Im folgenden wollen wir kurz Energieerhaltung und den Aspekt der Bindungsener-
gie der initialisierten Kerne diskutieren. Die Zeitentwicklung der im BUU-Programm
iiber Gleichung (3.14) berechneten totalen Energie pro Nukleon eines ruhenden 2 Pb-
Kernes ist in Abbildung 3.7 dargestellt. Man sieht, dafl sowohl bei der Initialisierung
des richtigen Grundzustandes, wie auch bei der Rechnung mit Yukawa-Potential und
Verwendung der Woods-Saxon-Dichteverteilung die totale berechnete Energie auf einer
Zeitskala von 100 fm/c bis auf etwa 0.1 MeV pro Nukleon konstant ist. Die herkémm-
liche Rechnung zeigt demgegeniiber Schwankungen in der Energie von etwa 0.5 MeV
pro Nukleon. Dies ist darauf zuriickzufiihren, dafl bei einem oszillierenden Kern die
numerischen Ungenauigkeiten in der Berechnung der Energie und in der Teilchenpro-
pagation grofler sind, da das Einteilchenpotential im lokalen Ruhesystem berechnet
wird. Die Schwankung von 0.5 MeV ist jedoch verglichen mit der durchschnittlichen
kinetischen Energie von 25 MeV eines Nukleons unwesentlich. Auflerdem sieht man aus
Abbildung 3.7, daf} langfristig kein Energieverlust oder -gewinn auftritt.

In Abbildung 3.8 vergleichen wir die Energie pro Nukleon als Funktion der Mas-
senzahl A, die sich mit verschiedenen Potentialparametrisierungen unter Verwendung
der Woods-Saxon-Dichteverteilung aus Gleichung (3.13) ergibt, mit der Bindungsener-
gie, die aus dem Tropfchenmodell (Weizséicker-Formel) in [110] ohne Coulomb- und
Asymmetrieterm folgt. Ohne Verwendung eines Yukawa-Potentials sind die Kerne um
etwa 1 bis 2 MeV zu stark gebunden, mit Yukawa-Potential und den hier verwendeten
Reichweiten (bei konstanter integraler Stérke) liegen die Bindungsenergien bis zu 2
MeV iiber den Weizsédcker-Werten. Bei Verwendung eines Yukawa-Potentials mit den
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Abbildung 3.8: Energie pro Nukleon fiir verschiedene Potentiale unter Verwendung der
Woods-Saxon-Dichteverteilung aus Gleichung (3.13). Die Quadrate ergeben sich mit
der Weizsécker-Parametrisierung aus [110] ohne Coulomb- und Asymmetrie-Term.

Parametern aus [51] (u = 2.175/fm, V; = —378 MeV) erzielt man hingegen eine gute
Beschreibung der Tropfchenmodellwerte. Dieses Potential ist nun aber so kurzreich-
weitig, dafl der zu ihm korrespondierende Grundzustand nahezu einer Stufenfunktion
entspricht. Im BUU-Programm fiihrt dieses Potential bei Initialisierung der Woods-
Saxon-Dichteverteilung aus Gleichung (3.13) zu fast ebenso starken radialen Oszilla-
tionen wie das rein lokale Potential.

Die Abweichungen der Bindungsenergien von den Weizsidcker-Werten sind fiir die
Rechnungen der vorliegenden Arbeit unbedeutend. In allen hier zu betrachtenden Re-
aktionen liegen die Einschuflenergien mindestens im Bereich einiger 100 MeV. Da die
entsprechende Wellenléinge kleiner als der typische Abstand benachbarter Nukleonen
im Kern ist, findet die priméire Wechselwirkung nur an einem Nukleon statt. Fiir die-
se Wechselwirkung spielt es keine Rolle, ob das Nukleon um einige MeV stirker oder
schwécher gebunden ist.

Unter Umstidnden wire es moglich, bei Verwendung eines schwécheren Yukawa-
Potentials mit groferer Reichweite, eine gleichzeitige Beschreibung der Bindungsener-
gien und der Dichteverteilung zu erzielen. Fiir die hier prédsentierten Untersuchungen
ist dies allerdings nicht erforderlich, da nur die Dichteverteilung von Bedeutung ist. Wir
sollten anmerken, dafl das Verhalten der Dichteverteilung fiir grofie r nicht nur durch
die Reichweite der Wechselwirkung, sondern auch durch den quantenmechanischen ex-
ponentiellen Abfall, der in unserem Modell nicht simuliert werden kann, bestimmt wird.
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Abbildung 3.9: Der totale inelastische Pion-Kern-Wirkungsquerschnitt an “°Ca (oben)
und 2%Pb (unten) fiir verschiedene Initialisierungsdistanzen des Pions. Auf der linken
Seite zeigen wir die Resultate mit der herkbmmlichen Initialisierung und einem lokalen
Potential, auf der rechten die mit der Beriicksichtigung eines Yukawa-Potentials und
der Initialisierung des richtigen Grundzustandes.

3.2.3 Einflul der Grundzustandsstabilitit auf Observable
Pion-Kern-Reaktionen

In Abbildung 3.9 zeigen wir, wie der totale inelastische Pion-Kern-Wirkungsquerschnitt
fiir 1°Ca und ?Pb davon abhingt, in welcher Entfernung vom Kern das Pion ini-
tialisiert wird. Das Koordinatensystem ist hier so gewéhlt, dafl der Impuls des Pi-
ons in Richtung der positiven z-Achse zeigt. Der Wirkungsquerschnitt ergibt sich
durch Integration iiber den Stoflparameter. Zu Beginn der Rechnung haben wir die
z-Koordinate des Pions auf -5 (fiir ?*Pb auf -10), -20 oder -40 fm gesetzt. Aus Ab-
bildung 3.9 sieht man, daf} in der herkdmmlichen Rechnung die Wirkungsquerschnitte
im Falle von °Ca je nach Initialisierungsdistanz um etwa 20% variieren und im Falle
von 2%®Pb um etwa 10%. Dieses Verhalten ergibt sich unmittelbar aus den in Abbil-
dung 3.2 gezeigten Radiusoszillationen. Fiir Pionenenergien oberhalb von 150 MeV ist
der Pion-Nukleon-Wirkungsquerschnitt so grof3, dafl sich der totale inelastische Pion-
Kern-Wirkungsquerschnitt fiir einen Kern mit Radius R als mR? abschitzen 1a8t. Trifft
das Pion nun auf den Kern zu einem Zeitpunkt, an dem er sich gerade zusammengezo-
gen hat, erhalten wir einen reduzierten Wirkungsquerschnitt. In Abbildung 3.9 zeigen
wir auch die Resultate, die sich bei Beriicksichtigung des Yukawa-Potentials und Ini-
tialisierung der Dichteverteilung aus der Thomas-Fermi-Rechnung ergeben. Aufgrund
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Abbildung 3.10: Einflu8 von Dichteinitialisierung und Yukawa-Potential auf Pion-Kern-
Wirkungsquerschnitte. Die Bedeutung der Linien entspricht der in Abbildung 3.6. Die
Rechnungen wurden mit einer Initialisierung des Pions bei 2z, = —10 fm durchgefiihrt.

der bereits in Abbildung 3.6 gezeigten Stabilitdt dieser Konfigurationen ergibt sich nur
noch eine vernachlédssighare Abhéngigkeit der Wirkungsquerschnitte von der Initiali-
sierungsdistanz.

Natiirlich entspricht eine Initialisierung des Pions bei z; = —40 fm keinem in einer
wirklichen Simulation anzutreffenden Szenario, da man schon aus Rechenzeitgriinden
das Pion so nah am Kern wie moglich initialisiert. Die Diskussion im vorangegangenen
Absatz diente vielmehr dazu zu zeigen, da} Effekte aufgrund oszillierender Anfangs-
zustande generell nicht auszuschliefen sind. In Abbildung 3.10 vergleichen wir nun die
Resultate, die sich bei Initialisierung des Pions bei z; = —5 fm fiir °Ca beziehungs-
weise z; = —10 fm fiir 2°Pb mit verschiedenen Beschreibungen des ruhenden Kernes
ergeben. Neben dem totalen inelastischen Wirkungsquerschnitt zeigen wir auch den
Wirkungsquerschnitt der inklusiven 7%-Produktion. Man sieht, dafl die Abweichungen
der Rechnungen fast immer kleiner als 5% sind. Daraus folgt, daf die in Abbildung 3.6
gezeigten radialen Oszillationen des initialisierten Kernes nur einen unwesentlichen
Einfluf} auf die Resultate unserer Rechnungen haben, wenn der rdumliche Abstand der
Reaktionspartner so gewihlt wird, daf die eigentliche Reaktion in den ersten fm/c
stattfindet.
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Abbildung 3.11: Einflu} von Dichteinitialisierung und Yukawa-Potential auf inklusive
Photoproduktion von m°-Mesonen. Die Bedeutung der Linien entspricht der in Abbil-
dung 3.6.

Photon-Kern-Reaktionen

In Abbildung 3.11 prisentieren wir die Resultate unserer Rechnungen fiir den Einfluf}
der Dichteinitialisierung auf die Photoproduktion von 7%-Mesonen im Energiebereich
von 300 MeV bis 1 GeV. Im Falle von “°Ca ist zu sehen, daf bei Initialisierung der
Woods-Saxon-Dichteverteilung gemifi Gleichung (3.13) der Wirkungsquerschnitt nahe-
zu unabhéngig davon ist, ob das Yukawa-Potential beriicksichtigt wird. Demgegeniiber
ergibt sich bei Initialisierung der Thomas-Fermi-Dichteverteilung ein Wirkungsquer-
schnitt, der — abhiingig von der Photonenergie — um bis zu 10% kleiner ist. Hieraus
folgt zweierlei. Zum einen haben die radialen Oszillationen des normalerweise initiali-
sierten Kernes einen vernachléssigharen Einflufl auf die Resultate unserer Rechnungen.
Zum anderen besteht bei Photon-Kern-Reaktionen eine recht starke Sensitivitit auf die
Details der initialisierten Kernoberfliche. In Abbildung 3.4 hatten wir gesehen, daf die
Thomas-Fermi-Rechnung fiir °Ca eine Dichteverteilung liefert, die an der Oberfliche
deutlich steiler abfillt als die Woods-Saxon-Dichteverteilung, welche die experimentelle
Dichteverteilung gut beschreibt. Diese Modifikation der Dichteverteilung hat dann den
in Abbildung 3.11 dargestellten Effekt auf die Photoproduktion von Mesonen.

In Abbildung 3.11 zeigen wir auch die gleichen Rechnungen fiir 2°Pb. Hier liefern
alle Rechnungen praktisch die gleichen Resultate, was darauf zuriickzufiihren ist, daf}
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die Thomas-Fermi-Dichteverteilung der Woods-Saxon-Dichteverteilung &hnlicher ist als
im Falle von 1°Ca, wie man durch Vergleich der Abbildungen 3.3 und 3.4 sieht.

Schluflfolgerungen

Eine wesentliche Anforderung an unser Transportmodell besteht darin, dafl es eine
Vielzahl nuklearer Reaktionen gleichzeitig beschreiben soll. Da wir das in diesem Ab-
schnitt verwendete Yukawa-Potential aufgrund fehlender Kovarianz nicht zur Berech-
nung von Schwerionenkollisionen bei relativistischen Energien verwenden kdnnen, ist
es nicht wiinschenswert, es in den normalen Rechnungen fiir Pion-Kern- oder Photon-
Kern-Reaktionen einzusetzen. Allerdings ergeben sich ohne Yukawa-Potential betrécht-
liche Ostzillationen der Kerne im Anfangszustand, wenn ein realistisches Dichteprofil
initialisiert wird. Wir haben aber gesehen, dafl diese Oszillationen einen nahezu ver-
schwindenden Einflu} auf unsere Rechnungen zu Photon-Kern-Reaktionen haben, da
die Schwingungsdauer deutlich grofler als die typische Reaktionsdauer ist. Im Falle von
Pion-Kern-Reaktionen lassen sich artifizielle Effekte der Oszillationen erzeugen, indem
man das Pion sehr weit vom Kern entfernt initialisiert. Bei einer , verniinftigen“ In-
itialisierung des Pions, so da§ die Wechselwirkung in den ersten fm/c stattfindet, sind
auch hier die Effekte klein. Das gleiche erwarten wir auch fiir Schwerionenkollisionen.
Aus diesen Griinden fiihren wir alle in den spéteren Kapiteln folgenden Rechnungen
ohne Yukawa-Potential und mit der Woods-Saxon-Dichteverteilung durch.

3.3 Der Kollisionsterm

Die numerische Realisierung des Kollisionsterms beruht auf einer sogenannten paralle-
len Ensemble-Methode. In der Diskussion des Testteilchenansatzes hatten wir bereits
in Gleichung (3.1) die Anzahl der Testteilchen N eingefiihrt. Jedes physikalische Teil-
chen wird durch N Testteilchen reprisentiert. Ein System mit A Nukleonen wird also
durch N - A Testteilchen beschrieben. Wir kénnen nun diese IV - A Testteilchen in N
sogenannte Ensembles, in denen sich jeweils A Testteilchen befinden, aufteilen. In der
parallelen Ensemble-Methode finden Teilchenst6f3e nur innerhalb des gleichen Ensem-
bles statt, wihrend das Mittlere Feld iiber alle Ensembles gemittelt wird. Beziiglich des
Kollisionsterms kénnen wir daher ein Testteilchen als physikalisches Teilchen auffassen.

Wie wir im folgenden besprechen werden, ist es in der parallelen Ensemble-Methode
notwendig, einen Kollisionsterm zu verwenden, der nicht-lokal ist. Demgegeniiber war
der Kollisionsterm in der urspriinglichen Transportgleichung rein lokal. Die L&sung
der parallelen Ensemble-Methode ist daher im strengen Sinne keine Lésung der Trans-
portgleichung. Dariiberhinaus kénnen sich prinzipiell in einem parallelen Ensemble-
Verfahren durch die endliche Anzahl von Stopartnern Effekte aufgrund von statisti-
schen Fluktuationen in der Anzahl der Stofle ergeben. In Kapitel 3.6 werden wir im
Rahmen der Diskussion der Implementierung sogenannter perturbativer Teilchen auf
diese Punkte zuriickkommen.

In Kapitel 3.1.2 hatten wir dargelegt, wie wir die Propagation der Testteilchen
durch Diskretisierung der Zeit t in Zeitintervalle At behandeln. In jedem Zeitschritt
kénnen nun auch Stole der Testteilchen stattfinden, die wir mit den in den folgenden
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Abschnitten zu beschreibenden Monte-Carlo-Verfahren festlegen. Zwischen den Stéfen
propagieren die Testteilchen gemif den Gleichungen (3.2), (3.3) und (3.4).

3.3.1 Zweiteilchenstofle

Semi-klassisch ergibt sich der Wirkungsquerschnitt o fiir den Stofl zweier Teilchen durch
Integration iiber den Stoflparameter b:

o= /dep(b), (3.23)

wobei p(b) die Wahrscheinlichkeit eines Stofles bezeichnet. In unserem Modell sind
die Wirkungsquerschnitte der elementaren Kollisionen, wie in Kapitel 2.5 beschrieben,
vorgegeben. In der numerischen Realisierung werden nun die Wahrscheinlichkeiten p(b)
benotigt. Diese sind iiber Gleichung (3.23) nicht eindeutig festgelegt. Die néchstliegende
Méoglichkeit wire, p(b) folgendermaflen zu wéhlen:

Dies wire allerdings problematisch, da fiir Teilchenerzeugungsreaktionen mit einem an
der Schwelle bereits offenen Ausgangskanal, zum Beispiel NR — NN, der Wirkungs-
querschnitt nicht nach oben beschrinkt ist und damit Kollisionen zwischen beliebig
weit entfernten Teilchen mo6glich wiren. In einer nuklearen Umgebung ist jedoch auf-
grund von Abschirmeffekten davon auszugehen, dafl ein Teilchen nur mit Teilchen in
seiner ndheren Umgebung stof8t. Wir erlauben daher nur Sto8e bis zu einem maxima-
len Stoflparameter b,,,, und nehmen an, daf} die Stofwahrscheinlichkeit fiir kleinere
Stoflparameter unabhingig von b ist. Daraus ergibt sich:

) 1)@(bmam - b)a Omaz — 7Tb2

mazx’

p(b) = min( (3.24)

Uma:L‘

wobei wir fiir Nukleon-Nukleon-St68e 0,0 = 55 mb (b, = 1.32 fm), fiir alle ande-
ren Baryon-Baryon-Stéfie 80.4 mb (1.6 fm), fiir Meson-Baryon-St6e 200 mb (2.52 fm)
und fiir Meson-Meson-St68e 126 mb (2 fm) verwenden. Der hier verwendete maximale
Nukleon-Nukleon-Wirkungsquerschnitt ,,,, entspricht gerade dem Maximum der fiir
diesen Wirkungsquerschnitt verwendeten Parametrisierung (siehe Gleichung (A.1) und
Abbildung A.5), so daf} sich durch das beschriebene Verfahren keine Reduktion der
Ubergangsraten ergibt. Das gleiche gilt auch fiir Pion-Nukleon-StéBe. Aus den Abbil-
dungen 2.9 und 2.8 sieht man, dal das Maximum dieses Wirkungsquerschnittes bei 200
mb liegt.

Im Falle von Resonanz-Nukleon-Stéfen divergiert der Wirkungsquerschnitt an der
Schwelle, so dafl der hier verwendete Wert von 0,,,, = 80.4 mb einem Abschneiden
des Wirkungsquerschnittes entspricht. Der korrespondierende maximale Stoflparameter
bmar = 1.6 fm entspricht bei Dichte p° ungefihr dem Abstand zweier benachbarter
Nukleonen.

In den Abbildungen 3.12 und 3.13 demonstrieren wir beispielhaft fiir eine 2% Pb-
und eine T Au+'"Au-Reaktion, dal die Ergebnisse der vorliegenden Arbeit nicht von
der speziellen Wahl der maximalen Wirkungsquerschnitte abhéngen. Bei einer Wahl
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Abbildung 3.12: Abhéngigkeit des Wirkungsquerschnittes zur Photoproduktion von
7%-Mesonen in ?Pb von den verwendeten maximalen Wirkungsquerschnitten im Kol-
lisionskriterium.
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Abbildung 3.13: Abhéngigkeit der Pionenproduktion in zentralen Au+Au Kollisionen
bei 1 AGeV von den verwendeten maximalen Wirkungsquerschnitten im Kollisionskri-
terium.

von 300 mb fiir den maximalen Meson-Baryon-Wirkungsquerschnitt ergibt sich eine
leichte Reduktion der Pionenproduktion in der Photon-Kern-Reaktion. Allerdings ist
ein solch grofler maximaler Wirkungsquerschnitt nicht als sinnvoll anzusehen. Es ist
insbesondere wichtig, dafl unsere Resultate stabil gegeniiber der Wahl des maximalen
Resonanz-Nukleon-Wirkungsquerschnittes sind. Die hier gezeigten Ergebnisse sind ein
Hinweis darauf, dafl der EinfluB der Nichtlokalitit des Stofiterms in der parallelen
Ensemble-Methode nicht sehr grof§ ist.

Falls nun zwei Teilchen einen Stoflparameter haben, der kleiner ist als b,,,q,, mufl der
Zeitpunkt festgelegt werden, an dem eine mogliche Kollision der beiden Teilchen statt-
findet. Der Stofparameter ist der minimale rdumliche Abstand der beiden Teilchen in
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ihrem Schwerpunktsystem. Falls man nun den Stoflzeitpunkt im Schwerpunktsystem
der Teilchen als Zeitpunkt ihres minimalen Abstandes festlegt, ergeben sich im Re-
chensystem unterschiedliche Stoflzeitpunkte fiir beide Teilchen. Im Rahmen unseres
Transportmodells muf jedoch die Kollision zu gleichen Zeiten im Rechensystem erfol-
gen. Daher bestimmen wir den Kollisionszeitpunkt im Rechensystem mit Hilfe einer
Vorschrift von Kodama et al. [111], die in Anhang B dargestellt ist. Diese Vorschrift
verletzt Kovarianz, da sich in verschiedenen Bezugssystemen verschiedene Reihenfolgen
der Kollisionen und damit auch unter Umstidnden verschiedene Resultate der Rechnun-
gen ergeben. Dieses Problem riihrt daher, dafl wir den urspriinglich rein lokalen Kollisi-
onsterm in der Transportgleichung (2.66) durch einen nicht-lokalen ersetzt haben. Fiir
die Berechnung von Teilchenproduktion in photon- und pioninduzierten Reaktionen ist
das geschilderte Problem bedeutungslos, da es keine Rolle spielen sollte, mit welchen
Nukleonen die primér produzierten Teilchen stoflen. Auch im Falle von Schwerionen-
kollisionen ist zu erwarten, dafl die Kollisionsreihenfolge keinen allzu groflen Einflufl
auf die Endresultate hat.

Aus der Wahrscheinlichkeit p(b) wird mit Hilfe einer Zufallsvariablen festgelegt,
ob eine Kollision stattfindet. Ebenso wird der Endzustand (Typ, Ladung, Impulse
und Massen der auslaufenden Teilchen) gem&f der verwendeten Wirkungsquerschnit-
te durch Monte-Carlo-Entscheidungen bestimmt. Hierbei werden die Pauli-Blocking-
Faktoren (1 — f) zuniichst nicht beriicksichtigt. Liegt der Endzustand komplett fest,
wird Pauli-Blocking mit einem Verfahren iiberpriift, das in Kapitel 3.3.4 beschrieben
wird. Gegebenenfalls wird dann die gesamte Kollision verworfen, und es findet kein
Stof der einlaufenden Teilchen statt.

Im Rahmen der hier vorgestellten Realisierung des Kollisionsterms ist es zwingend
erforderlich, dal Kollisionen unter den Produkten einer priméren Reaktion verhindert
werden, bevor diese an weiteren Wechselwirkungen teilgenommen haben. Zum Bei-
spiel muf} ausgeschlolen werden, daf ein Pion, daf} in N; Ny, — N3N,7 erzeugt wurde,
direkt danach mit N3 oder N, wechselwirkt. Falls aber N3 zwischenzeitlich an einer
weiteren Wechselwirkung teilgenommen hat, muf} die Kollision zwischen dem Pion und
Nj erlaubt sein. Wir erreichen dies, indem wir alle Kollisionen global durchnumerieren
und fiir jedes Testteilchen die Nummer seiner letzten Kollision speichern. In Reso-
nanzzerfillen wird diese Nummer an die Zerfallsprodukte vererbt. Die Kollision zweier
Teilchen ist nun verboten, falls ihre Kollisionsnummer iibereinstimmt.

3.3.2 Resonanzzerfille

Die Zerfallswahrscheinlichkeit p¥  einer Resonanz R aufgrund ihrer spontanen Zerfalls-
breite I' in einem Zeitintervall At ist gegeben als:

r
pE.=1—exp <——RA75> : (3.25)
Y

wobei der Lorentzfaktor v = p% /g auftaucht, da T'p die Breite der Resonanz in ihrem
Ruhesystem bezeichnen soll. Die Berechnung dieser Breiten als Funktion der invarian-
ten Masse ug hatten wir in Kapitel 2.4.3 dargelegt. Analog zum Vorgehen im Falle der
Zweiteilchenstofle werden das Zerfallsereignis und gegebenenfalls der Endzustand iiber
Monte-Carlo-Entscheidungen festgelegt. Da der Spinfreiheitsgrad in unseren Rechnun-
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gen nicht explizit beriicksichtigt wird, zerfallen alle Resonanzen in ihrem Ruhesystem
isotrop.

3.3.3 Mehrteilchenstofle

In unserem Modell wird der Proze NN — NN beriicksichtigt. Aulerdem werden
wir in Kapitel 4 auf die Effekte der Reaktion NNN <> A(1232) NN eingehen. Daraus
ergibt sich die Notwendigkeit der numerischen Behandlung von Dreiteilchenkollisionen.
In Kapitel 2.5.5 hatten wir bereits die allgemeine Struktur des Kollisionsterms fiir
Mehrteilchenst6fle angeschrieben. Die Idee der numerischen Realisierung besteht darin,
den entsprechenden Verlustterm X~ als ,,Zerfalls“-Rate aufzufassen.

7NN — NN

Im folgenden betrachten wir exemplarisch den Prozel 7NN — NN. Die Verlustrate
¥~ des Pions ergibt sich unmittelbar aus Gleichung (2.101) analog zu Gleichung (2.85),
aber nun unter expliziter Beriicksichtigung des Isospins:

d 3
2p7r > / (27 32p0 ! (27T)32p0 ? (27T)32p3( ) Gyt (27r)32 0

x (21)*6W (pr + p1 + 2 — P3 — Pa) S12S34 M vasvana |y (3.26)

(1= fa) x

wobei sich die Summe iiber die verschiedenen Isospinzustinde der einlaufenden Nukleo-
nen erstreckt und g = 2 aufgrund von Spinentartung. Hier wie im folgenden verwenden
wir die abgekiirzte Schreibweise f; = fi(7, pj).

Der Stofiterm in Gleichung (3.26) ist lokal. Die Auswertung der Integration {iber
die einlaufenden Teilchen kénnte daher in einem reinen parallelen Ensemble-Verfahren
nur erfolgen, indem man die Integrationen iiber die einlaufenden Teilchen iiber ein
Volumen AV, im Ortsraum mittelt:

Da sich aber selbst in einer Kugel mit Radius 2 fm bei Dichte py in einem Ensemble
nur durchschnittlich 2.8 Nukleonen eines Isospinzustandes befinden, wére ein solches
Verfahren mit groflen numerischen Fluktuationen behaftet.

Aus diesem Grunde ziehen wir zur Berechnung von ¥~ die aus der Mittelung iiber
alle Ensembles gewonnene Nukleonendichte heran. Um unser Verfahren zu verdeutli-
chen, approximieren wir zunéchst die Integrationen iiber p, und p, in Gleichung (3.26)
durch eine Summe:

1 . — — —
Z]7?]\71]\72 = M Z E;NlNz(pﬂaphZQQ); (327)

P1,D2

wobei p; und p; den Verteilungsfunktionen f; und f; gehorchen sollen und M die
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Anzahl der Summanden bezeichnet. Die Grofle E;Nl N, ist gegeben als:

= Lo L pipe / d’ps d*py
5> L) = —— 1= f3)—at (1 — f,) x
7ON] Na (p p1 pZ) 2p9r 4p(1)pg (271')32]9(33 ( f3) (271')32]92 ( f4)

X (27T)45(4) (px +p1+p2—p3 — p4)512s34|M7rN1N2aN3N4|27 (3.28)

mit
p
pi:/Wfi(raﬁ)' (3.29)

Gleichung (3.27) entspricht gerade einer einfachen Monte-Carlo-Integration, und mit
einer entsprechend groflen Wahl von M kénnte eine beliebig genaue Approximation
des Integrals aus Gleichung (3.26) erreicht werden. In unserem Modell wére ein be-
liebig grofles M jedoch nur im Rahmen einer vollen Ensemble-Methode mdoglich und
numerisch sehr aufwendig. Nun ist es aber so, daf es fiir unsere Rechnungen gar nicht
erforderlich ist, ¥~ fiir jedes Testteilchen in jedem Zeitschritt genau zu bestimmen. Da
wir die Stéfe ohnehin mit Hilfe von Monte-Carlo-Entscheidungen festlegen, reicht es
vollkommen aus, wenn die fiir diese Entscheidungen herangezogenen Wahrscheinlich-
keiten im Mittel die ,richtigen“ Wahrscheinlichkeiten ergeben. Deshalb kénnen wir die
Summe in Gleichung (3.27) mit nur einem Nukleonenpaar (M = 1) berechnen. Dieses
Nukleonenpaar wéihlen wir unter den Nukleonen, die sich im Ensemble des Pions be-
finden und deren rdumlicher Abstand zum Pion kleiner als R = 2 fm zufillig aus. Der
eigentliche Stof findet also nur zwischen den Teilchen des gleichen Ensembles statt.

Uber die verschiedenen Isospinkanile wird explizit summiert. Fiir ein 7° erhalten
wir zum Beispiel:
E;O = E7>r0pp—)pp + E7?01m—)pn + E7?0nn—mn' (330)

Die auftretenden Matrixelemente gewinnen wir aus den totalen Wirkungsquer-
schnitten fiir den zeitumgekehrten Prozel unter der Annahme, daf} sie nur von der
totalen invarianten Energie /s abhéngen. Die Parametrisierungen der Wirkungsquer-
schnitte finden sich in Anhang A.1.2. Wir erhalten:

‘MleNzﬁNzNél (\/5)‘ - (QW)]YLIg;_)NNiI])\? ,

(3.31)

wobei py den Schwerpunktsimpuls der Nukleonen 3 und 4 bezeichnet und ®3 der Drei-
teilchenphasenraumfaktor aus Gleichung (2.44) ist. Da diese Matrixelemente nur von
/s abhiingen, kénnen wir die Integrationen iiber p; und p4 in Gleichung (3.28) sofort
ausfithren, wobei wir die Pauli-Faktoren (1 — f) nur voriibergehend vernachlissigen:

< L pnipN, Py 2
E;N1N2%N3N4 = @ 42;(1)2)32 47T\/§5N1N25N3N4|M7rN1NHN3N4| . (3.32)

Nach Summation iiber die verschiedenen Isospinkanéle ist die Wahrscheinlichkeit
p einer TNN Kollision im Zeitintervall At — analog zum Zerfall der Resonanzen —
gegeben als:

p=1—exp (—E;At) : (3.33)



92 3. Numerische Realisierung des Modells

Mit Hilfe von Monte-Carlo-Entscheidungen werden nun das Kollisionsereignis sowie
gegebenenfalls der Isospinkanal und die Impulse der auslaufenden Nukleonen bestimmt.
Pauli-Blocking wird im Anschlufi daran iiberpriift, und im Falle eines pauli-geblockten
Nukleons wird die Kollision verworfen.

Aufgrund der Tatsache, daB sich die richtigen Ubergangsraten ¥ iiber eine Mittelung
der Raten Y ergeben, ist unser Verfahren korrekt, sofern

SAt < 1, (3.34)

da dann die verwendeten Wahrscheinlichkeiten p im Mittel der richtigen Wahrschein-
lichkeit entsprechen:

<p>=<1-—exp (—iiAt) S —S2At>= —N2 At~ 1 —exp (XAt

Im Falle einer Abhéngigkeit des Matrixelementes von den Impulsen der auslaufenden
Teilchen wire es daher nicht notwendig, die auftretenden Integrale {iber die Impulse
der Endzustinde mit grofler Genauigkeit anzunéhern, sondern man kénnte stattdessen
Monte-Carlo-Integrationen mit wenigen Stiitzstellen verwenden.

Mit dem beschriebenen Verfahren sind dann auch die Kollisionsraten der Nukleonen
realisiert. Die numerisch asymmetrische Behandlung von Pionen und Nukleonen riihrt
daher, daf sich normalerweise eine Nukleonendichte sinnvoll bestimmen 148t, nicht aber
eine Pionendichte, da sich deutlich weniger Pionen als Nukleonen im System befinden.

ANN — NNN

Die Behandlung von ANN — NN N-Stofen erfolgt analog, wobei das Pion durch die
A-Resonanz ersetzt wird, und fiir die auslaufenden Teilchen anstelle des Zweiteilchen-
phasenraumes ein Dreiteilchenphasenraum beriicksichtigt werden muf:

= 1 p? 1 5
YANNLGNNN = Em@i%EWMANN—)NNN(MA” - (3.35)

Hier nehmen wir Isospinunabhéngigkeit des Matrixelementes an; die auftretende Mit-
telung bezieht sich nun auch auf den Isospin?. Das Matrixelement haben wir wieder als
von den Impulsen der beteiligten Teilchen unabhéngig angenommen; seine Parametri-
sierung besprechen wir in Kapitel 4.

NNN — ANN
Die Realisierung der Reaktion NNN — ANN kann analog erfolgen:

1 p?

> _
ENNN—)ANN - ﬂm

1
/d,uA.AAq)g(,uA)Z|MNNN»ANN(,U/A)|27 (3.36)

wobei aufgrund von Spin- und Isospin:

IMynnsann]” = 4 Mavnosvvn (ua)l. (3.37)

Der Faktor .5 = 1 -4; in Gleichung (3.35) ergibt sich aus den 2 identischen Nukleonen im Anfangs-
und den 3 Nukleonen im Endzustand.
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In der beschriebenen numerischen Realisierung erhilt die Rate aus Gleichung (3.36)
einen Faktor 1/3, da jedes Nukleon als Reaktionspartner der anderen Nukleonen dienen
kann und seine totale realisierte Rate damit einen Faktor 3 grofler ist als die explizit
beriicksichtigte.

Der Nachteil des beschriebenen Verfahrens fir NNN — ANN liegt darin, daf§
in der Anfangsphase einer Schwerionenkollision Reaktionen von recht weit voneinan-
der entfernten Nukleonen méglich sind, da wir oben R = 2 fm gewihlt hatten. Im
Extremfall wechselwirken also Nukleonen, deren Abstand 4 fm betréigt. Eine deutlich
kleinere Wahl von R ist aber nicht moglich, da R so grofl sein muf}, dafl sich immer eine
ausreichende Anzahl potentieller Reaktionsteilnehmer in dem entsprechenden Volumen
befinden. Ein weiteres Problem besteht darin, dafl unser Verfahren ziemlich rechenzei-
tintensiv ist, da die Rate aus Gleichung (3.36) fiir jedes Nukleon in jedem Zeitschritt
ausgewertet werden muf. Hier ist zu beachten, dafl in den hier betrachteten Reaktionen
stets deutlich mehr Nukleonen als Pionen oder Deltas vorhanden sind. Zudem enthélt
Gleichung (3.36) noch eine Integration iiber die Spektralfunktion der A-Resonanz. Die-
ses Integral kbnnen wir zwar in einem Monte-Carlo-Verfahren mit lediglich 10 Stiitz-
stellen approximieren, dennoch bendétigt der Dreiteilchenstofl den dominanten Anteil
der Rechenzeit der gesamten Simulation. Daher haben wir zu Testzwecken eine Version
des Dreiteilchenstofles realisiert, in der Nukleonen verschiedener Ensembles miteinan-
der stoflen konnen. Die Reaktionsraten berechnen wir hierbei auf dem in Kapitel 3.1
eingefithrten Ortsraumgitter. Die {iber alle Nukleonen integrierte Stofirate pro Volumen
ergibt sich aus Gleichung (2.101) unter den gemachten Ndherungen fiir das Matrixele-
ment und unter voriibergehender Vernachlissigung der Pauli-Faktoren unmittelbar:

d*N d*py d’p, d’ps 1 2
— = d ) — .
d4l' g (27_‘_)32])? flg (27_‘_)32])3 f?g (27_‘_)32pg f3 IU’AAA 3(,U/A) 12 |MNNN—)ANN(/4LA)|
(3.38)
Diese Rate kénnen wir analog zu unserem obigen Verfahren behandeln:
d*N 1
i P3/dMAAA‘%(MA)E|MNNN—>ANN(/LA)|2, (3.39)

wobei wir die auftretenden Ausdriicke mit den Impulsen von drei zufillig ausgewéhlten
Nukleonen an dem entsprechenden Gitterpunkt auswerten. Die Reaktionswahrschein-
lichkeit p ist dann:

d*N
p=1—exp (—%(Aaj) At) (3.40)

mit der Kantenlinge Az = 1 fm des Gitters. Das weitere Verfahren lduft analog zu
dem oben beschriebenen.
In Kapitel 4.4.3 werden wir die verschiedenen Realisierungen vergleichen.

3.3.4 Pauli-Blocking

Die Berechnung der Pauli-Faktoren erfolgt, wie die Berechnung der Potentiale, durch
eine Mittelung iiber alle Ensembles. Wir beriicksichtigen nur Pauli-Blocking fiir die
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Nukleonen und nehmen Isospinsymmetrie an. Die Vernachléssigung der Faktoren (14 f)
fiir die anderen Teilchen ist gerechtfertigt, da ihre Phasenraumdichten in den hier
betrachteten Reaktionen sehr klein sind.

Die in die Pauli-Faktoren eingehende lokale Phasenraumdichte ersetzen wir durch
eine {iber ein kleines Phasenraumvolumen gemittelte Phasenraumdichte:

(1= £ 7 (1_/md3 '/Md?’p' o, t))

Dieses Verfahren hat ausschliefSlich numerische Griinde und sollte nicht als Beriick-
sichtigung quantenmechanischer Korrekturen fehlinterpretiert werden. Zur Mittelung
verwenden wir in Orts- und Impulsraum jeweils eine Kugel, deren Radius R = 1.86
fm beziehungsweise I, = 88.7 MeV betrigt. Im Ortsraum wird die Phasenraumdichte
iiberdies analog zu der Berechnung der Dichte mit der dort verwendeten Gauf}-Funktion
gefaltet (Gleichung (3.5)). Der Pauli-Faktor Ppg,; = 1 — f wird dann wie folgt berech-
net:

Ppoui(7,p) =1 — ! (27r)3/d37“'@ =) Z@ pil) x
Pauli\" N‘/;Vzo g

X exp [_%] , (3.41)

wobei V, und V, die Volumina der Kugeln mit Radius R und R, bezeichnen. Aus
numerischen Griinden fithren wir die Summation nicht iiber alle Testteilchen, sondern
nur iiber jedes Np-te aus (Np = 5). Die Wahrscheinlichkeit ppgy;, dafl ein auslaufendes
Nukleon pauli-geblockt ist, ist damit gegeben als:

PPauti = min(l — Ppgui, 1). (3.42)

In der numerischen Simulation wird dann Pauli-Blocking mit Hilfe einer Monte-Carlo-
Entscheidung festgelegt.

In Abbildung 3.14 zeigen wir numerische Resultate fiir Ppg,; fiir den Fall eines
208ph-Kernes mit N = 100 und N = 400 Testteilchen. Fiir N = 100 erkennt man recht
grofle — von der zufélligen Initialisierung abhéngige — Fluktuationen. Fiir N = 400
sind diese Fluktuationen deutlich reduziert. Aufgrund der Mittelung im Impulsraum
ergibt sich ein Aufweichen der eigentlich scharfen Fermikante. Wihrend fiir die Be-
rechnung von Schwerionenkollisionen sowohl die numerischen Fluktuationen wie auch
das Aufweichen der Fermikante unbedeutend sind, da die Kollisionen bei endlicher
Temperatur stattfinden, ist es fiir die Berechnung von photon- oder pioninduzierten
Reaktionen wichtig, die richtigen Pauli-Faktoren zu verwenden. Hier berechnen wir
daher Ppg,;; direkt aus der lokalen Dichte:

Praui (7, P) = O(|p] — pr(p(7)), (3.43)

wobei der lokale Fermi-Impuls iiber Gleichung (2.29) gegeben ist. Dieses Vorgehen ist
sinnvoll, da der Kern in diesen Reaktionen auf der fiir Teilchenproduktion relevanten
Zeitskala im wesentlichen im Grundzustand bleibt.
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Abbildung 3.14: Wahrscheinlichkeit, dafl ein Zustand pauli-geblockt ist im Schwerpunkt
eines 2%Pb-Kernes als Funktion von p, (p, = p, =0). A, B, C bezeichnen Konfigura-
tionen, die mit verschiedenen Zufallszahlen bei der Initialisierung erzeugt wurden. Der
Fermi-Impuls betrigt pr = 260 MeV.

Im Rahmen einer lokalen Thomas-Fermi-N&herung sind keine St6fe der Nukleonen
innerhalb eines Kernes im Grundzustand méglich. Aufgrund von Impulserhaltung mufl
in einer NN — N N-Kollision mindestens einer der auslaufenden Impulse innerhalb der
Fermi-Kugel liegen, wenn dies fiir beide einlaufenden Impulse der Fall ist. Damit ist die
Kollision pauli-geblockt. In unserer numerischen Realisierung ist dies natiirlich nicht
mehr gewdhrleistet. Aus diesem Grunde verbieten wir Stofle zwischen zwei Nukleo-
nen des gleichen Kernes, falls beide an keiner sonstigen Wechselwirkung teilgenommen
haben.

3.4 Beriicksichtigung der Potentiale im Kollisions-
term
In unserem Modell machen wir die Annahme, dafl die Matrixelemente nur von der freien

invarianten Energie /s free abhéingen, die fiir die Kollision zweier Teilchen definiert ist
als:

V5 pree = \J12 4 2y 413+ P2 (3.44)

wobei p; und py die Massen der Teilchen bezeichnen und p,, ihr Schwerpunktsim-
puls ist. Im Falle eines Resonanzzerfalles ist \/Efree einfach die Masse p. Auflerdem
vernachléssigen wir normalerweise fiir die Berechnung der Wirkungsquerschnitte die
Modifikationen der Phasenraumraumfaktoren, die sich ergeben, wenn sich die auslau-
fenden Teilchen in einem Potential befinden. Ebenso wie die Matrixelemente berechnen
wir die Phasenraumfaktoren als Funktion von /s,

Wirkungsquerschnitte sind damit im wesentlichen als Funktion von /s free B€8EDEN.
Lediglich die Flufifaktoren werden korrigiert; dies wird in Kapitel 3.4.1 beschrieben.
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Eine Ausnahme bilden Resonanzformationsprozesse, zum Beispiel 1N — A. Da hier
aufgrund von Energieerhaltung die Resonanzmasse pp unmittelbar festliegt und diese
Masse in den Resonanzpropagator eingeht, berechnen wir den Wirkungsquerschnitt als
Funktion von pg. Die genaue Berechnung des Wirkungsquerschnittes beschreiben wir
in Kapitel 3.4.2.

Die Breiten fiir spontane Resonanzzerfiille hingen aufgrund der beschriebenen An-
nahmen nur von der Masse der Resonanz ab.

Um Energieerhaltung zu gewihrleisten, reicht es nicht aus, die Impulse der aus-
laufenden Teilchen mit /s, ., und den freien Massen zu berechnen. Hier miissen die
Potentiale beriicksichtigt werden. Da die Potentiale impulsabhéngig sind und diese
Impulsabhingigkeit im lokalen Ruhesystem definiert ist, kann die Bestimmung der
auslaufenden Impulse nur iiber ein numerisches Iterationsverfahren erfolgen, auf das
wir in Kapitel 3.4.3 eingehen.

Die geschilderten Ndherungen ermoglichen eine numerische Realisierung des Kolli-
sionsterms, die mit vertretbarer Rechenzeit verbunden ist. Die Wirkungsquerschnitte
und Resonanzbreiten werden zu Beginn der Rechnung tabelliert, so dafl in der eigent-
lichen Rechnung auf sie schnell zugegriffen werden kann. Eine weitergehende Beriick-
sichtigung der Potentiale im Kollisionsterm wirft nicht nur numerische Probleme auf.
So ist es notwendig, die Abhéingigkeit der Matrixelemente von den Viererimpulsen der
ein- und auslaufenden Teilchen zu kennen. Fiir die allermeisten der in unserem Modell
beriicksichtigten Prozesse existieren jedoch bestenfalls experimentelle Daten zu den
Vakuumwirkungsquerschnitten, nicht aber zuverlidssige Modelle fiir die Impulsabhén-
gigkeit der Matrixelemente.

Wir sollten betonen, dafl unsere Realisierung des Kollisionsterms Zeitumkehrinvari-
anz (Detailed Balance) verletzt, sobald Potentiale beriicksichtigt werden, da zum einen
V8 e fiir die ein- beziehungsweise auslaufenden Teilchen nicht identisch ist und wir
zum anderen, wie bereits angesprochen, die Phasenraumfaktoren, die in die totalen
Wirkungsquerschnitte eingehen, nicht korrigieren. In Kapitel 3.4.4 priasentieren wir ein
Monte-Carlo-Verfahren, das — unter gewissen Naherungen — erlaubt, die Potentiale der
auslaufenden Teilchen in den Phasenraumfaktoren zu beriicksichtigen. Dieses Verfah-
ren wurde im Rahmen der vorliegenden Arbeit allerdings nur testweise fiir bestimmte
Prozesse verwendet.

3.4.1 Berechnung des Fluffaktors

Bei der Verwendung von Wirkungsquerschnitten im Kollisionsterm ist zu beriicksich-
tigen, daB sie einen Fluffaktor enthalten, der in den Ubergangsraten des Kollisions-
terms zunéchst nicht auftaucht. In Gleichung (2.71) hatten wir gesehen, dafl wir die
Ubergangsraten durch die Wirkungsquerschnitte ausdriicken kénnen, wobei dann auch
die Relativgeschwindigkeit der Teilchen v, (Gleichung (2.72)) auftaucht. In der nu-
merischen Realisierung unseres Kollisionsterms geht v,.,; nur implizit ein. Wenn zwei
Teilchen eine kleine Relativgeschwindigkeit haben, erfiillen sie ihr Kollisionskriterium
mit einer geringeren Rate als zwei Teilchen mit einer grolen Relativgeschwindigkeit.
Nun ist aber zu beachten, dafl wir impulsabhéngige Potentiale verwenden und daher
die Geschwindigkeit eines Teilchens nicht durch p/p® gegeben ist, da zusitzlich noch
die Impulsgradienten des Potentials eingehen (siehe Gleichung (3.2)).
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In das Kollisionskriterium geht implizit die richtige Relativgeschwindigkeit der Teil-
chen ein, die ,freien® Wirkungsquerschnitte enthalten aber die mit /s free Derechnete.
Um dies zu korrigieren, berechnen wir die Wirkungsquerschnitte wie folgt:

Vret(\/$S
0= Ma(ﬁﬂ‘ee)' (345)

Urel
Die richtige Relativgeschwindigkeit v, ist die relative Geschwindigkeit der Teilchen in
ihrem Schwerpunktsystem. Diese Grofle ben6tigen wir bereits zur Berechnung des Kol-
lisionskriteriums (siehe Anhang B). Um sie numerisch zu erhalten, miissen wir neben
den Viererimpulsen auch die Vierergeschwindigkeiten der Teilchen explizit beriicksich-

tigen.

3.4.2 Resonanzformation

Im Falle eines Resonanzformationsprozesses ab — R ist der Viererimpuls der Resonanz
unmittelbar durch den totalen Viererimpuls der einlaufenden Teilchen gegeben. Damit
liegt dann auch das Potential Ug der Resonanz fest. Die Masse ug ergibt sich sofort
aus der verwendeten Einteilchen-Hamiltonfunktion (Gleichung (2.61)):

pr = \/ps — p? — Us. (3.46)

Den Wirkungsquerschnitt ab — R berechnen wir aus Gleichung (2.52) unter Verwen-
dung von pug:

2Jp +1 vre(pr)  Am 1 DR (ur) T (1r)
2Jo+ )20y +1) v P2, (1R) Sap (13 — M3)? + p3 042 (1g)’

(3.47)

Oab—R = (

wobei wir auch die FluBlkorrektur explizit angegeben haben. Es sind auch andere Vor-
gehensweisen denkbar. So kénnte man I'"" als Funktion von /s free ausrechnen. Wichtig
ist nur, daf8 der Realteil des inversen Propagators, der Gleichung (3.47) zugrunde liegt,
durch M3 — p% gegeben ist. Im Falle von YN — R berechnen wir die auftretenden
Breiten als Funktion von \/Efree. In Abbildung 3.15 zeigen wir am Beispiel der Pho-
toproduktion von 7%-Mesonen in 2%®Pb, daf sich unsere Resultate nur unwesentlich
dndern, wenn wir die in YN — R auftauchenden Breiten als Funktion von pug be-
rechnen. In den dort gezeigten Rechnungen haben wir ein impulsabhéngiges Potential
(Parametrisierung MM) und das Deltapotential aus Gleichung (2.41) verwendet.

3.4.3 Energieerhaltung

Im Niederenergieteil des Kollisionsterms unterhalb der Schwelle der Anwendung des
Lund-Modells haben wir es fast ausschlieBlich mit Zweiteilchenendzusténden zu tun.
Um Energieerhaltung zu gewihrleisten, gehen wir folgendermafien vor. Nach der Fest-
legung der Kollision beziehungsweise des Zerfalls und des Kanals bestimmen wir mit
Monte-Carlo-Entscheidungen den Streuwinkel und die Massen der auslaufenden Teil-
chen, wobei wir hierzu alle Verteilungen als Funktion von /s free Derechnen. Das Pro-
blem der Energieerhaltung besteht nun in der Bestimmung des Schwerpunktsimpulses
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Abbildung 3.15: Abhingigkeit der Photoproduktion von 7%-Mesonen in 2*Pb vom
Vorgehen bei der Berechnung der Resonanzbreiten in y/N — R. Die durchgezogene
Linie ergibt sich bei Berechnung der Breiten als Funktion von /s freer die gestrichelte
bei Berechnung als Funktion von pup.

der auslaufenden Teilchen, also der Losung der folgenden Gleichung:

V s+ US G2 4 92+ (s + US(50)? + 02, = 9" (3.48)
wobei wir die auslaufenden Teilchen mit 3 und 4 bezeichnet haben und p{* die Schwer-
punktsenergie der einlaufenden Teilchen ist. Die Potentiale U und U hiingen im loka-
len Ruhesystem der Kernmaterie am jeweilgen Ort der Teilchen vom Impuls ab. Dieser
Impuls ist nun nicht unmittelbar durch p.,, gegeben, da in die Lorentz-Transformationen
auch die Einteilchen-Energie eingeht. Aus diesem Grunde lsen wir Gleichung (3.48) in
einem zweistufigen numerischen Iterationsverfahren. Zum Schwerpunktsimpuls p’, = im
i-ten Iterationsschritt werden mit dem bereits fiir die Propagation benétigten und in
Kapitel 3.1.3 beschriebenen Verfahren die Einteilchen-Energien der Teilchen 3 und 4
bestimmt. Den Impuls pifl des nichsten Iterationsschrittes erhalten wir mit einem
Regula-Falsi-Verfahren zur Losung von Gleichung (3.48). Wir verlangen, dafi Glei-
chung (3.48) bis auf 0.5 MeV erfiillt ist. Die Einteilchenpotentiale in der ,inneren*
Iteration bestimmen wir mit einer Genauigkeit von 0.1 MeV. Natiirlich ist es moglich,
daB es keine Losung der Gleichung (3.48) gibt, wenn eine Reaktion aufgrund der Po-
tentiale kinematisch verboten ist. In diesem Falle verwerfen wir noch nicht die ganze
Kollision, sondern wiirfeln neue Streuwinkel und Massen (bis zu 10 mal).

Da in unserem Modell das Pion kein hadronisches Potential spiirt, konnen wir
Energieerhaltung in der Reaktion NN — N N7 auf Energieerhaltung im Zweiteilchen-
endzustand zuriickfithren. Hierzu bestimmen wir zunéichst den Impuls des Pions mit
einer Monte-Carlo-Entscheidung geméif} eines isotropen Dreiteilchenphasenraumes als
Funktion von /s free und ohne Berticksichtigung der Nukleonenpotentiale. Dann liegt
das Schwerpunktsystem des Nukleon-Nukleon-Endzustandes fest, und wir konnen die
Impulse der Nukleonen wie im Falle des Zweiteilchenendzustandes bestimmen. Im Falle
aller anderen Reaktionen mit mehr als zwei Teilchen im Endzustand bestimmen wir die
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Impulse der auslaufenden Teilchen ohne Beriicksichtigung der Potentiale mit /s free-

3.4.4 Beriicksichtigung der richtigen Phasenraumfaktoren

Zu Testzwecken wurde in der vorliegenden Arbeit ein Kollisionsterm verwendet, in
dem die Potentiale der Teilchen fiir die Berechnung der Ubergangsraten beriicksichtigt
wurden. Im folgenden soll diese Realisierung kurz beschrieben werden.

Da wir kein mikroskopisches Modell fiir die auftretenden Matrixelemente zur Verfii-
gung haben und daher die Matrixelemente als Funktion von /s free Derechnen, miissen
wir zunéchst festlegen, welche Normierung wir fiir das Matrixelement verwenden wol-
len. Der Wirkungsquerschnitt do fiir den Prozefl ab — cd ist wie in Gleichung (2.42)
gegeben als:

1
Urel2p2 2p2

Epedpe . dP*padpg

2

(3.49)

A0 ah—reqd = 2m)* 6™ (pa + P — Pe — Pa)

wobei M das lorentzinvariante Matrixelement ist, zu dessen Berechnung die Wellen-
funktionen der ein- und auslaufenden Teilchen auf jeweils 2p? normiert werden. Deshalb
absorbieren wir die Faktoren 1/2p) in Gleichung (3.49) in den Ausdruck, den wir als
Funktion von /s free Derechnen (dies ist dann gerade die quadrierte T-Matrix). Der

Phasenraumfaktor d®, den wir aufgrund der Potentiale modifizieren, ist damit:

~

dd = 6" (por — pe — pa)dPped’py
Pernd

d(p0+pY)
dp

(3.50)

P=Pcm

Eine Integration des Wirkungsquerschnittes in Gleichung (3.49) mit Hilfe von Glei-
chung (3.50) im Rahmen unserer Simulation ist nun numerisch nicht durchfiihrbar.
Hierbei ist zu bedenken, dafl wir fiir einen Prozef NN — NR iiber den Raumwin-
kel 2 und die invariante Masse pg der Resonanz integrieren miifiten. Im Gegensatz
zum Vakuum ist hier auch die ¢-Integration nicht trivial, da die Betrdge der Impul-
se der auslaufenden Teilchen im jeweils zugehorigen lokalen Ruhesystem aufgrund der
Lorentz-Transformation auch von ¢ abhingen. Jede Stiitzstelle der 3-dimensionalen
Integration ist mit der numerischen Losung der Bestimmung von p., gemifl Glei-
chung (3.48) verbunden. Auflerdem muf} auch noch die Ableitung in Gleichung (3.50)
ausgewertet werden.

Aus den Griinden des vorangegangenen Absatzes fiihren wir — dhnlich der Realisie-
rung des Mehrteilchenstofles — eine Monte-Carlo-Berechnung der Wirkungsquerschnitte
durch. Den fiir einen moglichen Stofl zufillig berechneten Wirkungsquerschnitt be-
zeichnen wir als ¢. Die Berechnung erfolgt durch Summation iiber zufillig gewé&hlte
Endzusténde:

M ~
N. d®; /dS2

i Zai(\/gfree) ~ / )
M i=1 d(I)i/dQ(\/gfree)

o=

(3.51)



100 3. Numerische Realisierung des Modells

wobei fiir jeden Summanden der Reaktionskanal (aus N, moglichen), der Streuwinkel
und die Massen der auslaufenden Teilchen gemé&fl der verwendeten Verteilungen als
Funktion von /s free geWiirfelt werden. Mit einer entsprechend grofien Wahl des Para-
meters M liele sich nun & beliebig genau an den ,richtigen“ Wirkungsquerschnitt o
annidhern. Wie bereits in Kapitel 3.3.3 dargestellt, ist es im Rahmen unserer Monte-
Carlo-Simulation nicht erforderlich, daf§ die zur Festlegung der Stoflereignisses heran-
gezogene Wahrscheinlichkeit, die wir hier aus & iiber Gleichung (3.24) berechnen, eine
gute Ndherung an die ,richtige® Wahrscheinlichkeit ist. Es reicht vollkommen aus, wenn
die verwendeten Wahrscheinlichkeiten im Mittel die richtigen Wahrscheinlichkeiten er-
geben. Der Parameter M muf} lediglich so gewé&hlt werden, dafl 6 mdoglichst immer
kleiner als 0,,,; ist; wir verwenden hier M = 100. Falls eine Kollision stattfindet, wird
mit Hilfe einer Monte-Carlo-Entscheidung einer der M Endzustéinde gewéhlt.

Beim Resonanzzerfall gehen wir analog vor. Wir fiihren wieder eine Breite I' ein
als:

A > — AP, /d} : (3.52)
=1 d(I)i/dQ(\/gfree)

wobei 'y, die Vakuumbreite bezeichnet und fiir jeden Summanden die Endzustidnde
geméf den Vakuumpartialbreiten und den verwendeten Massen- und Winkelverteilun-
gen zufillig gewdhlt werden. Es reicht hier aus, die Summe mit M = 1 zu berechnen, da
mit entsprechend kleiner Zeitschrittweite At die Zerfallswahrscheinlichkeit nach Glei-
chung (3.25) beliebig klein wird.

Um den numerischen Aufwand zu reduzieren, fithren wir eine zweistufige Monte-
Carlo-Entscheidung ein. Die Zerfallswahrscheinlichkeit pge. (Gleichung (3.25)) 148t sich
als Produkt der mit einem Faktor £ > 1 multiplizierten Vakuumzerfallswahrscheinlich-
keit und der mit 1/k multiplizierten Mediumkorrektur schreiben:

pdec(r) = kpggg(rvac) : pmed, (353)
wobei
dd /dQ)
pet = — — / : (3.54)
k d(I)/dQ(\/gfree)

Hierbei haben wir verwendet, dafl At < 1 und T, At < 1. In einer ersten Monte-
Carlo-Entscheidung wird nun mit der Wahrscheinlichkeit kpl2¢(T,q.) ein mogliches Zer-
fallsereignis festgelegt. Nach der Wahl des Endzustandes und der Bestimmung der Pha-
senraumfaktoren wird dann in einer zweiten Monte-Carlo-Entscheidung mit Hilfe von
p™? entschieden, ob der Zerfall wirklich stattfindet. Der Parameter & muf} so grof
gewithlt werden, daff moglichst immer p™? < 1, und so klein, daf§ kpl% < 1. Wir
verwenden k = 2.

Zum Abschluf sollten wir jedoch betonen, dafl auch das hier vorgestellte Verfahren
Zeitumkehrinvarianz verletzt, da die auslaufenden Teilchen ein anderes /s free Daben
als die einlaufenden. Ein weiteres Problem besteht darin, dafl wir die Massen der aus-
laufenden Teilchen mit /s free testlegen. Dadurch kénnen aufgrund der kinematischen
Grenzen Endzustéinde verhindert werden, die eigentlich erlaubt sind.
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Die Berechnung der Wirkungsquerschnitte elementarer Photon-Nukleon-Reaktionen
erfolgt vergleichsweise selten, so dafl hier die Wirkungsquerschnitte mit hoherer Ge-
nauigkeit integriert werden konnen. Auf die Berechnung der Wirkungsquerschnitte zur
Photoproduktion von Vektormesonen bei Beriicksichtigung von Potentialen gehen wir
in Kapitel 6.2.4 ein. In Photon-Nukleon-Reaktionen vernachléssigen wir generell Mo-
difikationen der Phasenraumfaktoren aufgrund des Nukleonenpotentials.

3.5 Beriicksichtigung von In-Medium-Breiten

In Kapitel 2.4.2 hatten wir bereits dargelegt, dafl die Beriicksichtigung von In-Medium-
Spektralfunktionen nicht ohne Ndherungen mdglich ist. In photon- und pioninduzierten
Reaktionen kénnen wir davon ausgehen, dafl der Kern auf der fiir Teilchenproduktion
relevanten Zeitskala im Grundzustand verbleibt. Dann reduzieren sich die Breiten von
8-dimensionalen auf 3-dimensionale Funktionen:

L(7 ¢, 9, 1) = D(p(7, 1), |p], 1)

Dies erleichtert den numerischen Aufwand erheblich, da wir die 3-dimensionalen Brei-
ten in diskretisierter Form abspeichern und im Verlauf der Simulation leicht auf sie
zugreifen konnen, ohne die Integrale iiber die Phasenraumverteilungsfunktionen aus-
werten zu missen.

Im Falle von Resonanzformationsprozessen ab — R ist die Beriicksichtigung der
Breiten bei der Berechnung der Wirkungsquerschnitte einfach. Der Viererimpuls der
Resonanz liegt aufgrund von Energie- und Impulserhaltung durch die einlaufenden
Teilchen fest, und der Wirkungsquerschnitt ist iiber Gleichung (2.50) gegeben, wobei
nun die dort auftretende Spektralfunktion mit der In-Medium-Breite berechnet wird.

In Produktionsprozessen ergeben sich dhnliche Probleme wie bei der Beriicksichti-
gung der Phasenraumfaktoren. Wenn die Breite einer Resonanz R impulsabhéingig ist,
kann der Wirkungsquerschnitt fiir den Prozefl ab — cR nicht in der faktorisierten Form
aus Gleichung (2.59) aufgeschrieben werden, da die Spektralfunktion vom Streuwinkel
abhingt. Notwendig wire dann also eine 3-dimensionale Integration, was numerisch
sehr schwer durchfiihrbar ist. Deshalb werden normalerweise die Wirkungsquerschnitte
nicht modifiziert. Die Monte-Carlo-Bestimmung der auslaufenden Massen erfolgt aber
unter Beriicksichtigung der In-Medium-Spektralfunktionen.

Fiir die Produktion der A(1232)-Resonanz in Baryon-Baryon-Stéfen verwenden wir
zu Testzwecken ein Monte-Carlo-Verfahren, das analog zu der Beriicksichtigung der
Phasenraumfaktoren lduft. Ein Wirkungsquerschnitt ¢ wird hier wieder durch Sum-
mation iiber zufillig ausgewihlte Endzustinde bestimmt:

) e 1 xm AR
ONA = U%NAM Z AKIC- ) (355)
=1 )t

wobei wir M = 20 verwenden.

Wie im Falle der Potentiale kénnen wir die Photoproduktion von Vektormesonen
durch eine explizite Integration der Wirkungsquerschnitte behandeln. Hierauf gehen
wir in Kapitel 6.1 ein.
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3.6 Perturbative Teilchen

In der beschriebenen numerischen Realisierung des Transportmodells wird jedes phy-
sikalische Teilchen durch N Testteilchen repriasentiert. Da die Anzahl der Testteilchen
aus numerischen Griinden auf etwa 1000 beschrinkt ist, ist es daher sehr schwierig,
die Produktion von Teilchen zu berechnen, die selten produziert werden. Seit einigen
Jahren wird deshalb in Transportmodellen ein Verfahren verwendet, in dem die Produk-
tion seltener Teilchenspezies mit Hilfe sogenannter perturbativer Teilchen beschrieben
wird [112, 113]. Ein perturbatives Testteilchen ist definiert als ein Testteilchen, des-
sen Propagation von den realen Teilchen beeinflufit wird, das aber seinerseits nicht
auf die realen Teilchen zuriickwirkt. Die perturbativen Teilchen wechselwirken unter-
einander nicht und spiiren das von den realen Teilchen erzeugte Mittlere Feld. Jedes
perturbative Teilchen 7 trigt ein Gewicht w;, das sich aus seiner Population ergibt. In
der Kollision eines perturbativen Teilchens mit einem realen Teilchen wird der Zustand
des perturbativen Teilchens vernichtet®, wiihrend das reale Teilchen unversindert bleibt.
Die Teilchen des Endzustandes der Kollision sind perturbativ und tragen jeweils das
Gewicht des einlaufenden perturbativen Teilchens.

In photon- oder pioninduzierten Reaktionen kénnen wir die Produkte der elementa-
ren Photon-Nukleon-Wechselwirkung beziehungsweise das einlaufende Pion als pertur-
bative Teilchen initialisieren. Dies entspricht dann gerade der bereits oben angespro-
chenen Annahme, daf} in diesen Reaktionen der Kern auf der fiir Teilchenproduktion
relevanten Zeitskala im Grundzustand verbleibt:

fN(Faﬁat) :COHSt, (|]7| <pF)

Dies ist sicherlich in sehr guter Ndherung erfiillt. Die Gewichte der perturbativen Teil-
chen ergeben sich im Falle von Photon-Kern-Reaktionen und Pion-Kern-Reaktionen
aus der Anzahl der pro Ensemble initialisierten Photon-Nukleon-Ereignisse beziehungs-
weise der pro Ensemble initialisierten Pionen. In Photon-Kern-Reaktionen geht in die
Berechnung der Observablen immer auch der jeweilige elementare Photon-Nukleon-
Wirkungsquerschnitt ein (siehe Gleichung (2.105)). Dieser ist natiirlich fiir die Absorp-
tion an verschiedenen Nukleonen im allgemeinen verschieden.

Im Falle von Schwerionenkollisionen miissen die perturbativen Teilchen zunéchst
in Stofen realer Teilchen produziert werden. Das Gewicht w; ist abhéngig von der
numerischen Realisierung der Population. Produziert man in jeder durch das oben be-
schriebene Kollisionskriterium moglichen Kollision zweier realer Teilchen a und b einen
perturbativen Endzustand fp, so ist das Gewicht der Teilchen in diesem Endzustand
gegeben als:

o O-ab—)fp

T )
max
Uab

(3.56)
wobei o7;** der im Kollisionskriterium verwendete maximale Wirkungsquerschnitt ist.
Man kann natiirlich pro Kollision auch mehr oder weniger perturbative Teilchen produ-
zieren. Die Gewichte der einzelnen Teilchen dndern sich dann entsprechend. Die Phasen-
raumverteilungsfunktion Fp der perturbativen Teilchen ist analog zu Gleichung (3.1)

3, Vernichtet“ bezieht sich hier lediglich auf den spezifischen Zustand des perturbativen Teilchens.
Eine Streuung wie 7N — 7N fassen wir in diesem Sinne als Vernichtung des einlaufenden Pions und
Erzeugung eines auslaufenden Pions auf.



3.6. Perturbative Teilchen 103

unter Beriicksichtigung der Gewichte w; gegeben als:

3
Folr 1 70) = 1o S w7 = 70) s - )6 — (). (357
: g

In unserer numerischen Realisierung unterliegen die perturbativen Teilchen genau
denselben Wechselwirkungen wie die realen Teilchen. Thre Verwendung ist ein aus-
schlieBllich numerisches Verfahren und enthélt keine weiteren Nidherungen. Bislang set-
zen wir dieses Verfahren zur Berechnung von photon- und pioninduzierten Reaktio-
nen sowie zur Strangenessproduktion in Schwerionenkollisionen bei SIS-Energien ein.
In Photon-Kern-Reaktionen initialisieren wir eine Photon-Nukleon-Reaktion an jedem
Nukleon eines Ensembles, insgesamt also A Ereignisse pro Ensemble an einem Kern
der Massenzahl A. In Pion-Kern-Reaktionen initialisieren wir ebenfalls A Pionen pro
Ensemble. Natiirlich konnte man auch noch mehr perturbative Teilchen initialisieren.
Mit der beschriebenen Anzahl wird jedoch der dominante Anteil der Rechenzeit bereits
fiir die perturbativen Teilchen aufgewandt, so dafl der relative Rechenzeitgewinn einer
weiteren Erhohung nicht erheblich wire. Es wére iiberdies nicht sinnvoll, den Anteil der
perturbativen gegeniiber den realen Teilchen zu grof§ zu wéhlen, da sich dann numeri-
sche Fluktuationen aufgrund der zufélligen Anfangsverteilung der Nukleonen ergeben
kénnen. In Schwerionenkollisionen initialisieren wir ein Strangenessproduktionsereignis
pro elementarer Kollision, sofern dies kinematisch moglich ist.

Nach dem Stof§ eines perturbativen Teilchens muf§ entschieden werden, welche Teil-
chen des Endzustandes in der weiteren Rechnung beriicksichtigt werden sollen. In
Photon-Kern- und Pion-Kern-Reaktionen vernachlédssigen wir die Nukleonen, deren
kinetische Energie kleiner als 100 MeV ist, da diese Nukleonen fiir Teilchenproduktion
bedeutungslos sind. Alle anderen Teilchen werden als perturbative Teilchen weiter-
propagiert. Im Falle von Strangenessproduktion in Schwerionenkollisionen diirfen nur
die Teilchen mit Strangeness beriicksichtigt werden, da Strangenesserzeugungsprozesse,
zum Beispiel in Nukleon-Nukleon-Kollisionen, bereits durch die realen Teilchen beriick-
sichtigt werden.

Verglichen mit den fritheren Rechnungen zur Photoproduktion [40], in denen wir
noch keine perturbativen Teilchen verwendeten und pro Ensemble nur ein Ereignis
initialisierten, gewinnen wir mit der hier vorgestellten Realisierung fiir schwere Kerne
nahezu einen Faktor 100 an Rechenzeit.

Ein weiterer Vorteil der perturbativen Teilchen besteht darin, dafl wir {iber die par-
allele Ensemble-Methode hinausgehen kénnen. Normalerweise ordnen wir jedes pertur-
bative Teilchen genau einem Ensemble zu, und die Realisierung des Kollisionsterms
ist der fiir reale Teilchen identisch. Wir kénnen aber fiir die perturbativen Teilchen
auch eine sogenannte volle Ensemble-Methode spéter zu Testzwecken verwenden. Die-
se Methode korrespondiert zu einer wirklichen Losung der urspriinglichen Transport-
gleichung, ist aber mit einem deutlich héheren Rechenaufwand verbunden, da nun
Stofle aller Testteilchen untereinander erlaubt sind. In der hier verwendeten Implemen-
tierung wird im Kollisionskriterium anstelle des maximalen Stolparameters b2*" ~aus
Gleichung (3.24) der Stofiparameter b/’ eingesetzt:

max

ppar
full __ mazr (358)

maxr ~ \/N

Damit wird der Kollisionsterm fiir grofle Testteilchenzahlen N rein lokal.
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3.7 Verwendete Parameter und Einstellungen

Als Zeitschrittweite wird in den Rechnungen zu Photon-Kern- und Pion-Kern-Reak-
tionen At = 0.25 fm/c verwendet. In Schwerionenkollisionen benutzen wir bei SIS-
Energien At = 0.5 fm/c und bei SPS-Energien At = 0.1 fm/c. Wir haben tiberpriift,
daf} sich unsere Resultate bei einer Reduktion dieses Parameters nicht dndern.

In Photon-Kern- und Pion-Kern-Reaktionen propagieren wir die Nukleonen nicht
wie in Kapitel 3.1.2 beschrieben. Um Rechenzeit zu sparen und da wir ohnehin an-
nehmen, dafl der Kern im Grundzustand verbleibt, berechnen wir das Dichteprofil nur
zu Beginn der Reaktion und propagieren die Nukleonen dann in dem resultierenden
yauBeren” Feld. Aufgrund der hier verwendeten numerischen Realisierung des Kollisi-
onsterms ist es zwingend erforderlich, die Nukleonen zu propagieren. Die Verwendung
eines Kerns mit ,eingefrorenen Nukleonen wiirde zu einer fehlerhaften Berechnung
der Ubergangsraten fiihren.

Schwerionenkollisionen fiir Energien oberhalb von SIS Energien berechnen wir im
sogenannten Kaskaden-Modus, das heifit ohne Beriicksichtigung der Mittleren Felder.
Dies hat zum einen numerische Griinde, da die hier verwendete Berechnung der Teil-
chengeschwindigkeiten geméf der Gleichungen (3.2) und (3.11) fiir sehr grofie Impulse
aufgrund der numerischen Fehler bei der Berechnung der Einteilchen-Energien zu Ge-
schwindigkeiten fiihren kann, die gréfler als 1 sind. Zum anderen ist aber auch davon
auszugehen, dafl bei sehr hohen Energien Effekte aufgrund der Mittleren Felder klein
sind.

Die Berechnung von Schwerionenkollisionen bei SIS Energien fiihren wir ohne das
Stringmodell FRITIOF durch. Bei einer Einschuflenergie von 2 GeV betrégt die invari-
ante Energie in einer elementaren Kollision zweier Nukleonen /s = 2.7 GeV. Dies liegt
knapp oberhalb der normalerweise verwendeten Stringschwelle von 2.6 GeV. Aufgrund
der in Kapitel 2.5.4 diskutierten Probleme des Stringmodells bei der Beschreibung
schwellennaher Prozesse ist eine Anwendung des Modells bei kleinen Einschuflenergi-
en nicht sinnvoll. So ergibt sich bei 2 GeV Einschuflenergie eine deutliche Erhéhung
der Produktion von 7°-Mesonen gegeniiber der geladener Pionen, da im Stringmodell
Isospin-Transfer-Prozesse wie pp — A**n nicht méglich sind. Ahnliche Probleme tre-
ten bei Strangenessproduktion auf. Auflerdem wird bei Verwendung des Stringmodells
Zeitumkehrinvarianz verletzt, wihrend im Niederenergiebereich — abgesehen von fiir
die globale Dynamik unbedeutenden Prozessen wie KN — K7 N — Zeitumkehrinvari-
anz erhalten ist. Dies ist ein wichtiger Aspekt, da in Schwerionenkollisionen bei SIS-
Energien eine weitgehende Thermalisierung des Feuerballs stattfindet. Bei Verwendung
des Stringmodells fiir die Berechnung von Schwerionenkollisionen bei 2 AGeV ergibt
sich eine Erhohung der Pionenanzahl um etwa 30%. Der Grund hierfiir liegt, vermut-
lich darin, dafl das Stringmodell — insbesondere in Sekundérkollisionen, die bei héheren
Energien stattfinden — Mehrpionenkanile, wie zum Beispiel NN — N Nnrm populiert,
die im Niederenergieteil nicht enthalten sind.



Kapitel 4

Untersuchungen zur m-A-Dynamik

Die Dynamik von Pionen und A-Resonanzen im nuklearen Medium spielt fiir unser
Verstdndnis von Teilchenproduktion eine hervorgehobene Rolle. Dies héngt in erster
Linie damit zusammen, dafl das Pion der niedrigstliegende mesonische Zustand und
die A(1232)-Resonanz der erste angeregte Zustand des Nukleons sind. Pionen und
A-Resonanzen sind daher die am héufigsten produzierten Teilchenspezies in nuklea-
ren Reaktionen. Da sie {iber Mehrstufenprozesse zur Produktion schwererer Teilchen
beitragen konnen, ist es zwingend erforderlich, daf§ ihre Dynamik in unserem Trans-
portmodell korrekt beschrieben wird.

Bereits in den siebziger Jahren wurde die Dynamik von Pionen und A-Resonanzen
im nuklearen Medium im Rahmen des A-hole-Modells in grolem Umfange studiert
[5, 114]. Hier lag der Schwerpunkt auf der quantenmechanischen Beschreibung der
Pion-Kern-Streuung [115] und der kohérenten Photoproduktion von Pionen [116]. Von
der Valencia-Gruppe [45] wird das A-hole-Modell mit Hilfe semi-klassischer Niaherun-
gen seit Jahren auch zur Berechnung inklusiver Teilchenproduktion in pion- und pho-
toninduzierten Reaktionen im Energiebereich der A-Resonanz angewandt. Verglichen
mit transporttheoretischen Rechnungen, wie wir sie durchfiihren, haben diese Rechnun-
gen den Vorteil, daf sich — da die Nukleonen keine dynamischen Freiheitsgrade sind —
mediumabhéngige Selbstenergien der Pionen und A-Resonanzen wesentlich einfacher
einbeziehen lassen. Auf der anderen Seite ist die Anwendung eines solchen Modelles
bei hoheren Energien oder auf Schwerionenkollisionen nicht moglich.

Im Bereich der Schwerionenphysik stellt die Behandlung von Pionen und A-Reso-
nanzen ein ungeldstes Problem dar. Simtliche verfiigbaren Transportmodelle behandeln
ihre Dynamik iiblicherweise so wie wir, das heifit unter Verwendung von Vakuumwir-
kungsquerschnitten und ohne Pionenpotential. Es gibt zwar Rechnungen, in denen ein
Pionenpotential verwendet wurde (zum Beispiel [117, 118]); diese Rechnungen basierten
jedoch auf sehr starken Vereinfachungen. Versuche einer detaillierteren Beschreibung
der m-A-Dynamik finden sich in [119, 120].

Im folgenden wollen wir uns auf den Aspekt der Deltaabsorption im nuklearen Me-
dium konzentrieren. Wir gehen nicht auf Modifikationen der Spektralfunktion des Pions
aufgrund von AN~!- und NN~!-Zustéinden ein. Es besteht die Hoffnung, daf$ sich sol-
che Modifikationen in der Zukunft mit Hilfe des in den Kapiteln 6.1 und 8 vorgestellten
Verfahrens zur Behandlung von Off-Shell-Teilchen in die transporttheoretischen Rech-
nungen einschlieflen lassen.
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Abbildung 4.1: Totale In-Medium-Breite der A(1232)-Resonanz in isospinsymmetri-
scher Kernmaterie bei Dichte py als Funktion der invarianten Masse p und des Impulses

p.

4.1 Deltaabsorption

Im folgenden betrachten wir eine A-Resonanz in unendlich ausgedehnter isospinsym-
metrischer Kernmaterie bei Temperatur 7' = 0. Die totale In-Medium-Breite hingt
dann von der invarianten Masse p und dem Betrag des Impulses p der Resonanz sowie
der nuklearen Dichte p ab und ist gegeben als Summe der mediummodifizierten Breite
des spontanen Zerfalls und der Stofibreite:

Lot (1,p, p) = TR (1, 0, ) + Ceon (1, p, p).- (4.1)

Im Rahmen des BUU-Modells beriicksichtigen wir als Mediummodifikation der spon-
tanen Breite nur Pauli-Blocking des auslaufenden Nukleons. Damit haben wir:

pmed _ % / dcos 0T ws (1) (1 — fi), (4.2)

wobei, da der Spin der Resonanz vernachléssigt wird, die Winkelverteilung als iso-
trop angenommen wurde und 6 den Zerfallswinkel der Resonanz in ihrem Ruhesystem
bezeichnet. Die Stofibreite I'.,; ist die Summe der Stoflbreiten der beriicksichtigten
Prozesse:

Leow =Tanony +Tavsan + Z FanoRN. (4.3)
R

Die einzelnen Breiten ergeben sich analog zu Gleichung (2.71) aus den verwendeten
Wirkungsquerschnitten. Fiir den ProzeB AN — NN erhalten wir zum Beispiel:

0 PF 3
Pa d’p ret dOAN NN
r =22 —— | df2 — (1 - 1-— 4.4
AN—NN /,I/A/ 9(27_‘_)3/ UANl dQ ( f2)( f3)7 ( )
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Abbildung 4.2: Beitrége zur totalen In-Medium-Breite der A(1232)-Resonanz in iso-
spinsymmetrischer Kernmaterie bei py. Der Impuls der Resonanz entspricht jeweils dem
Impuls, den sie bei Bildung durch Photoabsorption an einem ruhenden Nukleon erhélt.

wobei wir das einlaufende Nukleon mit dem Index 1 und die auslaufenden mit 2 und 3
bezeichnet haben.

Im folgenden vernachléssigen wir die Beitrige aus AN — RN zur totalen A-Breite,
da in [40, 22] gezeigt wurde, daf} diese sehr klein sind.

In Abbildung 4.1 ist die sich ergebende totale Breite als Funktion des Impulses
und der invarianten Masse bei Dichte py dargestellt. Bei kleinen Impulsen und kleinen
invarianten Massen erkennt man eine deutliche Struktur, die in erster Linie auf das
Pauli-Blocking der Vakuumbreite A — N7 zuriickzufiihren ist.

In Abbildung 4.2 sind die verschiedenen Beitrige dargestellt, aus denen sich die
totale In-Medium-Breite zusammensetzt. Verglichen mit der ebenfalls gezeigten Va-
kuumbreite erkennt man, dafl sich im Medium fiir kleine invariante Massen aufgrund
der Stoflbreite eine deutliche Vergroflerung der Breite ergibt. Im Bereich der Polmasse
wird diese Stofiverbreiterung allerdings weitgehend durch die Reduktion der spontanen
Zerfallsbreite aufgrund des Pauli-Blockings kompensiert.

Die totale Stofibreite betréigt in unseren Rechnungen bei Dichte p, etwa 40 MeV.
Dieser Wert ist deutlicher kleiner als der Wert, der {iblicherweise in Rechnungen im
Rahmen des A-hole-Modells Verwendung findet [5, 115]. Hier wird fiir den Imaginérteil
des sogenannten Spreading-Potentials V;, meistens die folgende Parametrisierung ver-
wendet:

ImV;, = —40 MeV ., (4.5)
Po

wobei der Zusammenhang zwischen dieser Grofle und unserer Stoflbreite gegeben ist
als:

Fcoll =2 ImVsp (46)
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Abbildung 4.3: Vergleich der Stofbreiten der A(1232)-Resonanz bei Dichte py. Die
Linien mit den gefiillten Kreisen sind die Resultate der BUU-Rechnungen, wobei die
durchgezogene Linie die totale Stofibreite darstellt und die gestrichelte den Beitrag aus
AN — NN. Die Linien mit den offenen Kreisen ergeben sich mit den Parametrisierun-
gen aus [121]: totale StoBbreite (durchgezogene Linie) sowie Beitriige aus Zweikorper-
(gestrichelte Linie) und Dreikorper-Absorption (gepunktete Linie). Der phénomenolo-
gische Wert von 80 MeV ist ebenfalls dargestellt. Der Impuls der Resonanz ist gew#hlt
wie in Abbildung 4.2.

Der Wert aus Gleichung (4.5) stammt urspriinglich aus einer phinomenologischen An-
passung an experimentelle Daten zur elastischen Streuung von Pionen an Kernen [115].
Von Oset und Salcedo [121] wurde spéter in einer mikroskopischen Rechnung der Ima-
gindrteil der Selbstenergie der A-Resonanz in Kernmaterie berechnet. Diese Rechnun-
gen konnten den phinomenologischen Wert der Grofle nach reproduzieren. In Abbil-
dung 4.3 vergleichen wir die korrespondierenden Stoflbreiten mit unseren Ergebnissen,
wobei wir fiir die Resultate aus [121] die dort angegebenen Parametrisierungen ver-
wendet haben. Diese finden sich auch in Anhang A.6. Aus Abbildung 4.3 sieht man
zum einen, daf} die im Rahmen unseres Modells berechnete Sto3breite der A-Resonanz
etwa einen Faktor 2 kleiner ist als die aus [121]. Zum anderen ist auch die Abhéngigkeit
von der invarianten Masse 1 der Resonanz verschieden. Wéahrend unsere Rechnung im
Bereich der Polmasse ein Minimum liefert, wird die Breite aus [121] dort maximal.

In [121] wurden die Beitréige zur Stofibreite in einen Zweikorper-, einen Dreikorper-
und in einen quasi-elastischen Beitrag zerlegt. Der Zweikorperbeitrag entspricht dem
ProzeB AN — NN. Wihrend wir die entsprechende Stofirate mit dem Vakuumma-
trixelement berechnet haben, sind in der Rechnung in [121] Mediummodifikationen
enthalten, die sich vor allem aus Modifikationen der Propagatoren der ausgetauschten
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Mesonen ergeben. Aus dem in Abbildung 4.3 gezeigten Vergleich der beiden Rech-
nungen sieht man, dafl die Effekte dieser Mediummodifikationen nicht sehr grof sind.
Die Unterschiede der Rechnungen betragen etwa 20% und liegen damit im Bereich der
Unsicherheiten beziiglich des Vakuumwirkungsquerschnittes.

Der Unterschied der Rechnungen riihrt hauptséichlich daher, dal in unseren Rech-
nungen kein Dreikoérperabsorptionsprozef, wie ANN — NN N, enthalten ist. Wir soll-
ten hier anmerken, dafl der im BUU Modell beriicksichtigte Zweistufenprozeff AN —
NN; ,N;N — NN mit einem reellen intermedidren Nukleon N; keinen zusitzlichen
Beitrag zur AN — NN Stofibreite liefert. Aus Abbildung 4.3 sieht man, daf} der
Dreikorperbeitrag in der Rechnung in [121] ungefihr die gleiche Grofle hat wie der
Zweikorperbeitrag.

In Abbildung 4.3 hatten wir der Ubersichtlichkeit halber den quasi-elastischen Bei-
trag nicht dargestellt. Hier sind Prozesse wie AN — AN und ANN — ANN enthal-
ten. Das Resultat in [121] ist fiir kleine invariante Massen deutlich grofier als unsere
Stofibreite aus AN — AN. Diese Differenz ist allerdings fiir die spédteren Rechnungen
von untergeordneter Bedeutung, da in diesen Prozessen die A-Resonanz nicht absor-
biert wird.

Wie in Kapitel 2.4 dargestellt, verwenden wir normalerweise fiir die Berechnung der
Spektralfunktionen der Resonanzen, die in die Wirkungsquerschnitte zu ihrer Popula-
tion geméf den Gleichungen (2.50) und (2.59) eingehen, die jeweiligen Vakuumbreiten.
In die dynamische Propagation geht natiirlich immer die richtige In-Medium-Breite ein,
da hier die verschiedenen zur Breite beitragenden Prozesse explizit im Kollisionsinte-
gral beriicksichtigt werden. Die vorangegangenen Rechnungen zur totalen In-Medium-
Breite der A-Resonanz dienten dazu, diese in der Spektralfunktion bei ihrer Population
beriicksichtigen zu konnen. In Kapitel 3.5 wurde die numerische Implementierung der
In-Medium-Breiten besprochen.

4.2 Photoproduktion von Pionen

4.2.1 Totale Wirkungsquerschnitte zur m’-Produktion

Bevor wir unsere Rechnungen mit experimentellen Daten zur Photoproduktion von
7%-Mesonen in Kernen vergleichen, zeigen wir in Abbildung 4.4, daf unsere Rechnun-
gen nicht davon abhéngen, dafl wir eine parallele Ensemble-Methode zur Losung der
Transportgleichungen verwenden. Fiir 2C, “°Ca und 2%Pb sind jeweils die Rechnung
im Rahmen der normalerweise verwendeten parallelen Ensemble-Methode und die mit
einer vollen Ensemble-Methode, die wir in Kapitel 3.6 vorgestellt hatten, dargestellt.
Da in der vollen Ensemble Methode die Behandlung des Kollisionsintegrals numerisch
recht aufwendig ist, konnten diese Rechnungen nur mit vergleichsweise geringen Anzah-
len von Testteilchen durchgefiihrt werden. Daher sind hier statistische Fluktuationen
zu sehen. Beide Methoden liefern nahezu die gleichen Resultate. Aus diesem Grunde
erfolgen alle weiteren Rechnungen mit der parallelen Ensemble-Methode.

In Abbildung 4.5 vergleichen wir den aus unserem Modell resultierenden inklusiven
Wirkungsquerschnitt zur Photoproduktion von 7°-Mesonen in '2C, °Ca und ?°Pb mit
den experimentellen Daten aus [42]. Hier verwenden wir zur Population der A-Resonanz
in Photon-Nukleon- und Pion-Nukleon-Kollisionen die gemifi Gleichung (4.1) berechne-
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Abbildung 4.4: Der totale inklusive 7° Photoproduktionswirkungsquerschnitt in '2C,
10Ca und ?®®Pb jeweils im Rahmen einer parallelen (durchgezogene Linien) und einer
vollen (gestrichelte Linien) Ensemble-Rechnung.

te totale In-Medium-Breite. Da jedoch, wie bereits in Abbildung 4.2 gezeigt, die totale
In-Medium-Breite kaum gegeniiber der Vakuumbreite modifiziert wird, ergibt sich bei
Verwendung von Vakuum-Wirkungsquerschnitten ein nahezu identisches Resultat (ge-
strichelte Linien). Im Energiebereich der A-Resonanz (E, ~ 350 MeV) iiberschitzen
wir die experimentellen Daten unabhingig vom Kern um etwa 50%. Bei einer Photon-
energie von etwa 500 MeV treffen unsere Rechnungen fast die Daten, und fiir hohere
Energien nimmt die Diskrepanz wieder zu.

Die Resultate in Abbildung 4.5 wurden mit einem impulsabhéngigen Nukleonenpo-
tential (Parametrisierung MM) und dem Deltapotential aus Gleichung (2.41) gewon-
nen. In Abbildung 4.6 zeigen wir, in welchem Mafle die Resultate davon abhéngen,
ob wir ein impulsabhéngiges Potential verwenden und wie wir das A-Potential behan-
deln. Man sieht zunéichst, dafl die Ergebnisse der verschiedenen Rechnungen mit grofier
werdendem Kern stirker voneinander abweichen, da die mittlere Dichte zunimmt. In
Abbildung 2.1 hatten wir gezeigt, dafl das impulsabhéingige Potential mit dem Im-
puls ansteigt. Da die in der Photon-Nukleon-Reaktion produzierten A-Resonanzen im
Mittel einen groferen Impuls als die einlaufenden Nukleonen haben, wird der elemen-
tare yIN — A-Wirkungsquerschnitt bei Verwendung des impulsabhéngigen Potentials
zu hoheren Energien verschoben. Den gleichen Effekt erhdlt man, wenn man das A-
Potential aus Gleichung (2.41) anstelle von Ux = Uy verwendet, da dann das A auch
schwicher als die Nukleonen gebunden ist.

Aus Abbildung 4.6 sieht man, daff man durch eine Variation des Realteils der Selbst-
energie der A-Resonanz in einem sinnvollen Bereich keine gute Ubereinstimmung mit
den experimentellen Daten erreicht. Eine gute Beschreibung kann hingegen erreicht
werden, wenn die A-Absorption, also der Imaginérteil der Selbstenergie, beschrieben
wird wie in den oben diskutierten Rechnungen im Rahmen des A-hole Modells. Um
hier zunéchst die Verwendung eines Dreiteilchenstofles zu vermeiden, haben wir die ent-
sprechenden Stofbreiten als Zerfallswahrscheinlichkeiten implementiert. Analog zum in
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Abbildung 4.5: Der totale inklusive 7°-Photoproduktionswirkungsquerschnitt in 2C,
0Ca und 2%Pb. Die durchgezogenen Linien ergeben sich bei Verwendung der In-
Medium-Breite der A(1232)-Resonanz zu deren Population, die gestrichelten bei Ver-
wendung der Vakuumbreite. Die experimentellen Daten stammen aus [42].

Kapitel 3.3.2 beschriebenen Resonanzzerfall ist die Zerfallswahrscheinlichkeit p einer
A-Resonanz in einem Zeitintervall At gegeben als:

ring
p=1—exp | ——At], (4.7)
Y

wobei hier ['¢/ die Stofbreite ohne den quasi-elastischen Beitrag bezeichnet. Aus
Griinden der numerischen Einfachheit wird im Falle eines Zerfalls lediglich die A-
Resonanz vernichtet, der — aus Nukleonen bestehende — Endzustand jedoch nicht popu-
liert. Dieses Vorgehen ist sinnvoll, da die auslaufenden Nukleonen in AN — NN oder
ANN — NNN einen vernachldssigbaren Beitrag zur Teilchenproduktion liefern. In
Abbildung 4.7 zeigen wir zunéchst, daf es in der herkbmmlichen Rechnung tatséchlich

keine Rolle spielt, ob der Proze AN — NN explizit iiber Kollisionen (durchgezo-
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Abbildung 4.6: Der totale inklusive 7°-Photoproduktionswirkungsquerschnitt in 2C,
0Ca und 2%Pb mit verschiedenen Nukleonen- und A-Potentialen. Die durchgezoge-
nen Linien entsprechen der in Abbildung 4.5 (Ua = 2/3 Uy, Potentialparametrisierung
MM). Gestrichelte Linien: Un = Uy, Potential H; gepunktete Linien: Un = Uy, Po-
tential MM; strich-gepunktete Linien Ux = 2/3 Uy, Potential H.

gene Linien) beriicksichtigt wird oder iiber Gleichung (4.7) (gestrichelte Linien). Wir
sollten bemerken, daf die hervorragende Ubereinstimmung der Resultate der beiden
Realisierungen ein deutlicher Hinweis darauf ist, daf§ die numerische Behandlung des
Kollisionsterms (Kollisionskriterium, Berechnung der Wirkungsquerschnitte und End-
zustinde, Pauli-Blocking) wie auch die Berechnung der In-Medium-Breiten fehlerfrei
sind.

Bei Verwendung des phinomenologischen Spreading-Potentials aus Gleichung (4.5)
(gepunktete Linien in Abbildung 4.7) ergibt sich eine deutlich bessere Beschreibung der
Daten. Im Bereich der A-Resonanz unterschitzen wir nun sogar die experimentellen
Daten fiir *°Ca um etwa 15% und fiir 2°Pb um etwa 25%. In dieser Rechnung haben
wir das Spreading-Potential als rein absorbtiv ohne quasi-elastischen Beitrag aufgefafit.
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Abbildung 4.7: Der totale inklusive 7°-Photoproduktionswirkungsquerschnitt in 2C,
0Ca und ?Pb mit verschiedenen Behandlungen der A-Absorption. Siehe Text fiir
weitere Erklarungen.

Die Verwendung der Parametrisierungen fiir die Stolbreiten der A-Resonanz von Oset
und Salcedo liefert eine bessere Uberereinstimmung mit den experimentellen Daten mit
Abweichungen, die im 10%-Bereich liegen (strich-gepunktete Linien).

4.2.2 Impulsdifferentielle Wirkungsquerschnitte

Eine noch groflere Sensitivitéit auf die Behandlung der Absorption der A-Resonanz fin-
det sich in impulsdifferentiellen Pionenspektren. In Abbildung 4.8 zeigen wir zunéchst
die Resultate, die sich mit den verschiedenen Szenarien bei einer Photonenergie von 625
MeV ergeben. Diese Energie liegt liegt deutlich oberhalb des Bereichs der A-Resonanz
in der Photon-Nukleon-Wechselwirkung. Daher werden nur sehr wenige A-Resonanzen
direkt durch Photoabsorption gebildet. Die A-Resonanzen stammen hier in erster Linie
aus sekundiren Wechselwirkungen der primér produzierten Pionen mit den Nukleonen
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Abbildung 4.8: Der impulsdifferentielle 7°-Photoproduktionswirkungsquerschnitt in
12C, Ca und ?®Pb bei E, = 625 MeV mit verschiedenen Behandlungen der A-
Absorption: normale BUU-Rechnung (durchgezogene Linien), mit Spreading-Potential
aus Gleichung (4.5) (gestrichelte Linien), mit Oset-Parametrisierungen fiir die A-
Breiten (gepunktete Linien). Die strich-gepunkteten Linien ergeben sich aus den ele-
mentaren y/N-Wirkungsquerschnitten, wenn nur Fermi-Verschmierung beriicksichtigt
wird. Die experimentellen Daten stammen aus [42].

des Kernes. Aus Abbildung 4.8 sieht man zunéchst, da} diese Endzustandswechsel-
wirkungen die Pionenspektren drastisch modifizieren. Wéahrend die Rechnungen ohne
Endzustandswechselwirkungen, in denen nur die Fermi-Bewegung der Nukleonen in
der priméren Photon-Nukleon-Reaktion beriicksichtigt wurde, ein sehr breites Spek-
trum liefern, ergibt die volle Rechnung fiir alle drei betrachteten Kerne einen Peak
bei einem Pionenimpuls von etwa 175 MeV und einen starken Abfall zu héheren Pio-
nenimpulsen. Dieser Effekt erkldrt sich unmittelbar aus der Energieabdngigkeit des
Pion-Nukleon-Wirkungsquerschnittes, den wir in den Abbildungen 2.8 und 2.9 gezeigt
hatten. Bei einem Pionenimpuls von 300 MeV entspricht die invariante Energie /s bei
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Abbildung 4.9: Der impulsdifferentielle 7°-Photoproduktionswirkungsquerschnitt in
12C, Ca und ?®Pb bei E, = 325 MeV mit verschiedenen Behandlungen der A-
Absorption. Die Bedeutung der Linien entspricht der in Abbildung 4.8.

der Reaktion mit einem ruhenden Nukleon gerade der Polmasse der A-Resonanz, so
daf sich ein maximaler Wirkungsquerschnitt ergibt. Fiir kleinere Pionenimpulse fillt
der Wirkungsquerschnitt aufgrund der ¢®-Abhingigkeit der A-Breite sehr stark ab.

Mit der normalen BUU-Rechnung iiberschitzen wir die experimentellen Daten im
Bereich von 175 MeV fiir 2C um etwa 50% und fiir 2*Pb um etwa einen Faktor
2. Fiir Pionenimpulse oberhalb von 250 MeV ergibt sich fiir alle betrachteten Kerne
eine sehr gute Ubereinstimmung mit den Daten. Angesichts der grofien Effekte der
Endzustandswechselwirkungen — im Falle von 2°*Pb wird der Wirkungsquerschnitt bei
einem Impuls von 300 MeV um etwa einen Faktor 4 reduziert — ist dies ein klarer
Hinweis darauf, dafl in unserem Modell die Wechselwirkung von Pionen in diesem
Impulsbereich mit Kernen korrekt beschrieben wird.

Bei Verwendung des Spreading-Potentials fiir die A-Resonanz oder der Breitenpa-
rametrisierungen von Oset und Salcedo ergibt sich auch eine deutlich bessere Beschrei-
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bung der Spektren fiir Pionenimpulse zwischen 100 und 250 MeV. Der Grund hieriir
liegt darin, daf bei einer vergréflerten Breite der A-Resonanz der Wirkungsquerschnitt
dieser Pionen mit Nukleonen erhoht wird. Allerdings iiberschétzen wir die experimen-
tellen Daten zwischen 150 und 200 MeV fiir °Ca und 2°Pb auch mit der verbesserten
Beschreibung um etwa 20% und das Maximum des Spektrums ist zu héheren Impul-
sen verschoben. In '2C kénnen wir zwar die Position des Maximums reproduzieren,
tiberschitzen die Daten aber um etwa 30%. Diese Abweichungen liegen jedoch im Rah-
men dessen, was von unserem semi-klassischen Modell sinnvollerweise erwartet werden
kann.

In Abbildung 4.8 fallt auf, daf} fiir Pionimpulse unterhalb von 100 MeV die Endzu-
standswechselwirkung nahezu vernachléssigbar ist und die experimentellen Daten sehr
gut beschrieben werden. Die Pionen mit diesen kleinen Impulsen stammen nahezu aus-
schlieBllich aus der elementaren Zweipionenproduktion YN — N7°7% N7*zr°. Hieraus
muf die SchluBfolgerung gezogen werden, dafl Mediummodifikationen des entsprechen-
den Wirkungsquerschnittes sehr klein sind.

In Abbildung 4.9 zeigen wir die impulsdifferentiellen Spektren fiir eine Photon-
energie von 325 MeV. Hier findet die primére Photoabsorption zum groflen Teil iiber
die A-Resonanz statt. Verglichen mit den in Abbildung 4.8 gezeigten Spektren sieht
man zunéchst, dal der integrierte Wirkungsquerschnitt bei 325 MeV aufgrund der
Endzustandswechselwirkungen weitaus deutlicher reduziert wird als bei 625 MeV. Dies
ist darauf zuriickzufiihren, daf der relative Anteil der 7°-Produktion zu den geladenen
Pionen in der elementaren Photon-Nukleon-Wechselwirkung mit zunehmender Photon-
energie abnimmt. Bei hoheren Photonenergien stammt ein Grofiteil der produzierten
7%-Mesonen aus Ladungsaustauschreaktionen primér produzierter geladener Pionen.
In der normalen BUU-Rechnung iiberschitzen wir wieder die experimentellen Daten
fiir Pionenimpulse zwischen 100 und 250 MeV. Diese Diskrepanz wird durch Verwen-
dung der grofleren A-Breiten, insbesondere fiir schwere Kerne, deutlich reduziert. Die
berechneten Spektren sind jedoch verglichen mit den experimentellen Daten zu kleinen
Pionenimpulsen verschoben. In Anbetracht der drastischen Effekte der Endzustands-
wechselwirkungen sind diese kleinen Abweichungen aber als unwesentlich anzusehen.

4.3 Pion-Kern-Reaktionen

In Abbildung 4.10 zeigen wir den Einfluf} der vergréflerten A-Absorption auf Observa-
blen in Pion-Kern-Reaktionen im Energiebereich der A-Resonanz. Hierbei vergleichen
wir die Resultate, die sich mit der iiblicherweise in BUU-Rechnungen verwendeten Be-
handlung der A-Resonanz gegeniiber der Verwendung der Stofibreiten von Oset und
Salcedo [121] ergeben. Fiir beide Szenarien haben wir jeweils eine parallele und eine
volle Ensemble-Rechnung durchgefiihrt. Der totale Reaktionswirkungsquerschnitt wird
kaum durch die Deltaabsorption beeinflufit. Die parallele und die volle Ensemble Rech-
nung weichen jedoch deutlich voneinander ab. Im Falle von '2C betriigt die Diskrepanz
etwa 50%, bei 2Bi etwa 20%. Dieser Unterschied ist unmittelbar einsichtig, wenn man
bedenkt, dafl im betrachteten Energiebereich der Pion-Nukleon-Wirkungsquerschnitt
sehr grof} ist und der Pion-Kern-Wirkungsquerschnitt damit durch den Wert fiir die
Streuung an einer schwarzen Scheibe angenihert werden kann. In der vollen Ensemble-
Rechnung ist der Kollisionsterm rein lokal, so daf} der Wirkungsquerschnitt durch mR%
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Abbildung 4.10: Totale Wirkungsquerschnitte der Reaktionen 7+ 2%Bi (linke Seite)
und 7+ '2C (rechte Seite). Gezeigt ist jeweils der totale Reaktionswirkungsquerschnitt
(oberes Bild), der inelastische Streuwirkungsquerschnitt 77 A — 77X (mittleres Bild)
und der Absorptionswirkungsquerschnitt (unteres Bild). Die experimentellen Daten
stammen aus [122].

angendhert werden kann, wobei R4 den Radius des Kernes bezeichnet. In der paralle-
len Ensemble Rechnung erhilt das Pion gewissermafien einen Radius r,, der mit dem
Wirkungsquerschnitt {iber

71"[“72T = 0OxN
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zusammenhéngt. Auf dem Pol der A-Resonanz betrigt der isospingemittelte Wirkungs-
querschnitt etwa 130 mb, was einem ,,Pionenradius“ von etwa 2 fm zur Folge hat. Der
totale Reaktionswirkungsquerschnitt fiir die Streuung am Kern betrigt dann, unter
der Niiherung der schwarzen Scheibe, (R4 + r;)?. Daher ergibt sich fiir *?C' eine recht
grofle Abweichung zwischen den Ergebnissen der vollen und der parallelen Ensemble-
Rechnung.

Die experimentellen Daten liegen fiir Pionenenergien oberhalb von 150 MeV sowohl
fiir 2°9Bi als auch fiir '2C zwischen den Rechnungen, wobei die parallele Ensemble-
Rechnung die Daten geringfiigig besser zu beschreiben scheint. Fiir kleinere Energien
unterschitzen beide Rechnungen die Daten. Im Falle von 2°°Bi zeigen die experimentel-
len Daten einen Anstieg des Wirkungsquerschnittes zu kleinen Energien, unsere Rech-
nungen geben jedoch einen Abfall, da der elementare Pion-Nukleon-Wirkungsquer-
schnitt abnimmt. Allerdings betréigt bei einer Energie von 100 MeV die De-Broglie-
Wellenldnge des Pions bereits etwa 6 fm, was unsere semi-klassische Behandlung zwei-
felhaft werden 148t. In [44] wurde gezeigt, dafl eine quantenmechanische Rechnung in
der Tat eine gute Beschreibung der Daten bei kleinen Energien liefert, fiir Energien
oberhalb von 150 MeV jedoch mit der semi-klassischen Rechnung iibereinstimmt.

Die Behandlung der A-Absorption hat einen recht grolen Einflufl auf die Aufspal-
tung des totalen Reaktionswirkungsquerschnittes in die Kanéle mit oder ohne Pionen
im Endzustand. In Abbildung 4.10 zeigen wir sowohl den totalen inelastischen Streu-
wirkungsquerschnitt 77 A — 77X als auch den Absorptionswirkungsquerschnitt, bei
dem sich keine Pionen im Endzustand befinden. Bei einer Erh6hung der A-Absorption
wird der Absorptionswirkungsquerschnitt erhoht und der Streuwirkungsquerschnitt re-
duziert. Im Falle von 2C wird die Beschreibung der experimentellen Daten durch die
Verwendung der Stoibreiten von Oset und Salcedo deutlich verbessert. In 2%Bi ist dies
nicht der Fall. Hier liefert die normale BUU Rechnung mit der parallelen Ensemble-
Methode die beste Ubereinstimmung mit den Daten. Allerdings sind die experimentel-
len Fehlerbalken hier so groff, daf§ es schwer ist, eindeutige Schluf3folgerungen zu zie-
hen. Der experimentelle Absorptionswirkungsquerschnitt zeigt einen Abfall zu héheren
Energien, wihrend unsere Rechnungen Wirkungsquerschnitte geben, die nahezu kon-
stant sind.

4.4 Schwerionenkollisionen

Im folgenden prisentieren wir einige Anwendungen unseres Modells auf Pionenpro-
duktion in Schwerionenkollisionen bei einer Einschuflenergie von 1 AGeV. Hier geht
es nicht um eine Beschreibung der verfiigharen experimentellen Daten, sondern um
den Einflul von Verbesserungen und Modifikationen des Modells auf unsere Resultate.
Ein systematischer Vergleich unseres Modells mit experimentellen Daten findet sich in
[36, 35, 38]. Das hier verwendete Modell liefert mit den normalerweise verwendeten
Einstellungen nahezu die gleichen Resultate.

4.4.1 Explizite Propagation der Resonanzen

Im Zusammenhang mit Schwerionenkollisionen bei SIS-Energien wird hiufig von ,,Re-
sonanzmaterie* gesprochen [123, 124], da in transporttheoretischen Rechnungen in der
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Abbildung 4.11: Einflul der expliziten Resonanzpropagation auf den inklusiven 7°-

Photoproduktionswirkungsquerschnitt in 2°8Pb.

Hochdichtephase bis zu 30% der Baryonen in angeregten Zustidnden des Nukleons,
vor allem in A(1232)-Resonanzen, vorliegen. Bei einer Baryonendichte vom Dreifachen
normaler Kerndichte betrigt dann die Resonanzdichte ungefihr p,. Allerdings gibt
es bislang keine theoretischen Untersuchungen, die den Einflufl der Resonanzfreiheits-
grade auf unser Verstéindnis der dynamischen Entwicklung der Schwerionenkollision
und Teilchenproduktion untersucht haben. Der Grund hierfiir liegt darin, daf} in nahe-
zu allen Transportmodellen keine Dreiteilchenstofle beriicksichtigt werden und damit
Pionenabsorption tNN — NN nur als Zweistufenprozefl mit einer intermediiren Nu-
kleonenresonanz beschrieben werden kann.

In unserem Modell besteht die Moglichkeit, Resonanzen ,abzuschalten®, ohne die
totalen Ubergangsraten der Prozesse NN <+ NNz, TN — «N und 7N — 77N zu
verdndern. Die Resonanzbeitrige werden dann zu den entsprechenden Untergrundwir-
kungsquerschnitten hinzuaddiert.

In Abbildung 4.11 zeigen wir zunéchst den Einflul der expliziten Resonanzpropa-
gation auf 7°-Photoproduktion in 2°*Pb. Der Wirkungsquerschnitt der Rechnung ohne
Resonanzen liegt um etwa 10% iiber dem Resultat mit expliziter Beriicksichtigung der
Resonanzen, wobei die Unterschiede im Bereich der A-Resonanz am gréften sind. Der
Grund fiir die Diskrepanz riihrt daher, daf§ in beiden Féllen die Impulsabhingigkeit
des Matrixelementes fiir TNN — NN verschieden ist. Ohne Resonanzen berechnen
wir dieses Matrixelement geméif Gleichung (3.31) aus dem totalen NN — NNn-
Wirkungsquerschnitt unter der Annahme, daf} es nicht von den Impulsen der beteiligten
Teilchen abhéngt. Mit expliziter Propagation der Resonanzen geht sowohl die Impuls-
abhéngigkeit des TN — R-Matrixelemetes, wie auch die des Resonanzpropagators ein
(siehe Kapitel 2.4.4). Aus Abbildung 4.11 sieht man jedoch, daf} die Impulsabh#ngigkeit
des Matrixelementes keinen allzu groflen Einflufl auf die integrierte Pionenabsorption
hat.
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Abbildung 4.12: Pionenspektrum einer zentralen Au-+Au-Kollision bei 1 AGeV. Die
gestrichelte Linie ergibt sich, wenn die Baryonenresonanzen nicht explizit propagiert
werden. Die gepunktete Linie resultiert bei Verwendung des Nukleonenpotentials fiir
die A-Resonanzen anstelle des Potentials aus Gleichung (2.41).

Den Einflu8 der expliziten Resonanzpropagation auf das Pionenspektrum in einer
zentralen Au+Au-Kollision bei 1 AGeV zeigen wir in Abbildung 4.12. Hier sieht man
zum einen, daf} die Steigung des Spektrums ohne Resonanzpropagation deutlich grofier
ist als mit Resonanzpropagation. Zum anderen wird die integrierte Anzahl der Pionen
um etwa 30% reduziert. Der Einflul auf die Form des Spektrums ist leicht versténd-
lich, wenn man bedenkt, daf} sich das System in der Endphase der Kollision nahezu im
thermischen Gleichgewicht befindet. Ohne Resonanzen wird die Anzahl von Freiheits-
graden reduziert und daher erh6ht sich zu gegebener Energiedichte die Temperatur. Die
Temperatur des Pionenspektrums ist — abgesehen von einer kollektiven Expansion — die
Temperatur des Systems zum Zeitpunkt des Ausfrierens. Da der Ausfriervorgang von
der Dichte und den Ubergangsraten kontrolliert wird, ergibt sich ohne Resonanzen eine
Erhohung der Temperatur im Pionenspektrum. Die Reduktion der Anzahl der Pionen
148t sich hingegen nicht ohne weiteres verstehen.

In Abbildung 4.12 wird auch das Resultat einer Rechnung gezeigt, in der fiir die
A-Resonanzen das gleiche Potential wie fiir die Nukleonen anstelle des Potentials aus
Gleichung (2.41) verwendet wurde. Hier ergibt sich eine geringfiigige Verschiebung des
Spektrums zu kleineren Energien, da die A-Resonanzen stéirker gebunden sind und
somit beim Zerfall weniger Energie zur Verfiigung steht.

4.4.2 Potentiale im Kollisionsterm

In Kapitel 3.4 hatten wir dargelegt, wie wir die Potentiale im Kollisionsterm bertick-
sichtigen, und ein Verfahren diskutiert, das die Beriicksichtigung der richtigen Phasen-
raumfaktoren in der Berechnung der Ubergangsraten erlaubt. In Abbildung 4.13 ist
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Abbildung 4.13: Einflul der Beriicksichtigung der Potentiale im Kollisionsterm auf das
Pionenspektrum einer zentralen Au+Au-Kollision bei 1 AGeV. Die gestrichelte Linie
ergibt sich bei Modifikation der Phasenraumfaktoren der Wirkungsquerschnitte. Die
gepunktete Linie ist das Resultat einer Rechnung, in der die Impulse der auslaufenden
Teilchen mit /s free Derechnet wurden und keine Energieerhaltung gefordert wurde.

das Ergebnis einer solchen Rechnung fiir eine zentrale Au+Au-Kollision bei 1 AGeV
im Vergleich mit der normalen Rechnung dargestellt. Man sieht, dafl sich eine leichte
Erhohung der Anzahl der Pionen um 20% ergibt. Dies ist auf die Impulsabhingigkeit
des Potentials zuriickzufiihren. Da die Resonanzen im Mittel kleinere Impulse als die
Nukleonen haben, ist ihr Potential attraktiver, was den Phasenraum bei der Produkti-
on in NN — NR vergroflert. Dies wird zum Teil dadurch kompensiert, dafl wir fiir das
A-Potential Gleichung (2.41) verwenden. Bei Verwendung des Nukleonenpotentials fiir
die A-Resonanzen ergibt sich ein groflerer Effekt.

Auflerdem ist in Abbildung 4.13 eine Rechnung dargestellt, in der keine Beriicksich-
tigung der Potentiale im Kollisionsterm vorgenommen wurde. Die Impulse der auslau-
fenden Teilchen wurden hier mit /s free Derechnet, das heiflt ohne das in Kapitel 3.4.3
besprochene numerische Iterationsverfahren. Man sieht, daf} sich eine Reduktion der
Anzahl der Pionen ergibt, die fiir grofle Energien etwa einen Faktor 2 betrigt. Dies
wird in erster Linie dadurch verursacht, dafl die A-Resonanzen schwicher als die Nu-
kleonen gebunden sind. Bei Vernachlissigung dieser Potentialdifferenz im Zerfall sind
weniger hohe Pionenenergien méoglich. Bei Verwendung des Nukleonenpotentials fiir
die A-Resonanzen ergibt sich — aufgrund der Impulsabhéngigkeit des Potentials — auch
eine Reduktion der Pionen mit hohen Energien, die jedoch wesentlich kleiner ist.

4.4.3 NNN « NNA(1232)

Bisher hatten wir zur Beschreibung photon- und pioninduzierter Reaktionen den Drei-
korperproze ANN — NNN nicht explizit, sondern nur mit Gleichung (4.7) als Zer-
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Abbildung 4.14: ANN — NN N-Stoflbreite einer A-Resonanz in isospinsymmetrischer
Kernmaterie bei Dichten p, (obere Kurven) und py/2 (untere Kurven). Die durchgezo-
genen Linien sind die Rechnungen mit der Parametrisierung des Matrixelementes aus
Gleichung (4.9). Fiir die gestrichelten Linien wurde in diesen Rechnungen das Pauli-
Blocking der auslaufenden Nukleonen vernachléssigt. Die gepunkteten Linien sind die
Parametrisierung aus [121]. Der Impuls der A-Resonanz in den Rechnungen entspricht
dem Impuls, den sie bei Bildung durch Photoabsorption an einem ruhenden Nukleon
erhélt.

fallsrate der A-Resonanz beriicksichtigt. Zur Beschreibung von Schwerionenkollisionen
ist eine explizite Behandlung der Reaktion wie auch der Riickreaktion notwendig. In
Kapitel 3.3.3 haben wir bereits die numerische Realisierung des Dreikorperprozesses
besprochen. Zun#chst diskutieren wir die Anpassung des Matrixelementes an die in
[121] gegegebene Stofirate.

Bestimmung des Matrixelementes

Wir nehmen an, dafl das Matrixelement spin- und isospinunabhéngig ist. In unendlich
ausgedehnter Kernmaterie bei Temperatur 7" = 0 ist die aus dem Prozef ANN —
NNN folgende Kollisionsbreite der A-Resonanz gegeben als (siehe Kapitel 2.5.5):

CannonNy = = /9 4y O(pr — |p_i|)97d3p2 O(pr — |p3|) X
2ua ] U (er)2)h (2r)32]
d3p3 d3p4 d3p5
X ———O(|p3 — —————0O(|ps — ————0O(|ps — X
1
X (277-)46(4) (pA +p1+p2—p3s—ps— p5)E|MAN1N2_>N3N4N5 |2, (48)

wobei wir die Impulse der einlaufenden Nukleonen mit p; und p, und die der auslaufen-

den mit p3, ps und p5 bezeichnet haben. Das quadrierte Matrixelement | M an, N, — NNy Ns |2
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Abbildung 4.15: Zeitentwicklung der Produktion und Absorption von A-Resonanzen in
einer zentralen Ca+Ca-Kollision. Dargestellt sind die verschiedenen Prozesse: NNN —
NNA (durchgezogene Linien), ANN — NNN (gestrichelte Linien), NN — NA (ge-
punktete Linien) und AN — NN (strich-gepunktete Linien). Die Dreiecke kennzeich-
nen Rechnungen ohne den Dreikorperprozef}, die vollen Quadrate Rechnungen mit einer
vollen Ensemble-Realisierung dieses Prozesses und die offenen Quadrate Rechnungen
mit einer rein parallelen Ensemble-Methode.

ist iiber die Spins und Isospins der einlaufenden Teilchen gemittelt und iiber die der
auslaufenden summiert. Das Matrixelement wird an die enstprechende Stoflbreite aus
[121] angepaBt und folgendermaflen parametrisiert:

3MN>4 ( 0.01 (1.9)

IMANNSNNN] © NE 1.23 — pua/GeV)? +0.01

In Abbildung 4.14 demonstrieren wir fiir die Dichten py und py/2, dal mit dieser
Parametrisierung eine sehr gute Beschreibung der Breite aus [121] gelingt. Wir zeigen in
Abbildung 4.14 auch die Resultate der Rechnungen, die sich unter Vernachlissigung der
Pauli-Faktoren fiir die auslaufenden Nukleonen in Gleichung (4.8) ergeben. Man sieht,
dafl bei Dichte py das Pauli-Blocking, insbesondere fiir kleine invariante A-Massen,
die Breite deutlich reduziert. Bei endlichen Temperaturen fillt dieser Effekt natiirlich
geringer aus, so dal der Dreikérperprozefl an relativer Bedeutung gewinnt.
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Abbildung 4.16: Einflufl des Prozesses NNN — NNA auf die Zeitentwicklung der
Anzahl von Pionen und A-Resonanzen in einer zentralen Ca+Ca-Kollision bei 1AGeV.

Einflufl auf A- und Pionenproduktion

In Abbildung 4.15 zeigen wir am Beispiel einer zentralen Ca+Ca-Kollision bei 1 AGeV
die Zeitentwicklung der Anzahl der Baryonenstofle, die zur Bildung oder Absorption
von A-Resonanzen fiithren. Wir vergleichen hier die Rechnung ohne Dreikorperpro-
ze3 mit Rechnungen unter Einschlufl des Dreikérperprozesses, wobei wir die Reaktion
NNN — NNA — wie in Kapitel 3.3.3 besprochen — alternativ in einem rein paral-
lelen Ensemble-Verfahren oder in einem vollen Ensemble-Verfahren realisiert haben.
Zunichst sieht man, dal die Stofiraten bei Beriicksichtigung des Dreikdrperprozesses
drastisch erhoht werden. Fiir die totale A-Produktion, als Summe von NNN — NNA-
und NN — NA-Sto8len, ergibt sich eine Erhéhung um etwa einen Faktor 2 bis 3. Die
Anzahl an NN — NA-Stoflen wird zwar um etwa einen Faktor 2 reduziert, die Raten
des Dreikorperprozesses sind jedoch mehr als einen Faktor 3 gréfer. Diese grofien Stof3-
raten sind nicht erstaunlich. Wir hatten gesehen, dafl bei Dichte p, fiir die A-Resonanz
die Dreikérperabsorption in etwa so wichtig wie die Zweikdrperabsorption ist. In der
betrachteten Kollision werden nun Dichten vom nahezu Dreifachen von p, erreicht. Da
der Dreikdrperprozefl proportional zu p? ist, wihrend der Zweikdrperprozel quadra-
tisch mit der Dichte geht, ergibt sich die in Abbildung 4.15 zu sehende Dominanz der
Dreikorperstofie.

Die Reduktion des Prozesses NN — AN ergibt sich aus Energieerhaltung. Wenn
die Nukleonen bereits in Dreikorperprozessen ihre kinetische Energie in Anregungs-
energie umsetzen, sind weniger inelastische Zweikorperprozesse moglich.

Aus Abbildung 4.15 sieht man, dafl durch Einschlufl des Dreikérperprozesses nicht
nur die Produktion der A-Resonanzen deutlich verstarkt wird, sondern auch ihre Ab-
sorption. Der Dreikérperprozefl liefert hier Stofiraten, die um bis zu einem Faktor 4
grofler als die Zweikorperraten sind. Auch die Anzahl der Zweikorperstofe erhoht sich,
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Abbildung 4.17: Einfluf} des Prozesses NNN — NNA auf Pionenspektren in zentralen
und semi-zentralen Ca+Ca- sowie Au+Au-Kollisionen bei 1 AGeV.

da mehr A-Resonanzen im System sind.

Die Art der numerischen Realisierung des Prozesses NNN — NNA hat auf die
Stoflraten einen recht kleinen Einflul. In der parallelen Ensemble-Realisierung beginnt
— aufgrund der endlichen Reichweite der Wechselwirkung — die Reaktion etwas friiher.
Dafiir finden in der vollen Ensemble-Rechnung in der Hochdichtephase um 20% mehr
Stofle statt.

In Abbildung 4.16 vergleichen wir die Zeitentwicklung der Anzahl von Pionen und
A-Resonanzen, die sich mit den drei besprochenen Szenarien ergeben. Zum einen sieht
man, dafl hier die beiden verschiedenen Realisierungen des Dreikorperstofles nahezu
identische Resultate liefern. Zum anderen ist zu erkennen, dafl der Nettoeffekt des
Prozesses NNN <> NNA recht klein ist. Die A-Produktion setzt etwas friiher ein als
im Falle ohne Dreikorperstof3, und die Anzahl an A-Resonanzen in der Hochdichtephase
wird um etwa 30% erhoht. Die Anzahl asymptotischer Pionen ist nur um ungefihr 10%
grofer.

Der Einflufy des Dreikorperprozesses auf die Pionenspektren ist nahezu vernachlés-
sighbar. In Abbildung 4.17 zeigen wir die resultierenden Pionenspektren fiir zentrale
und semi-zentrale Ca+Ca- sowie Au+Au-Kollisionen. Im Falle der Ca+Ca-Kollision
bei Stoflparameter b = 4 fm wird das Spektrum durch den Dreikérperstof} fiir hoch-
energetische Pionen um etwa einen Faktor 2 erhéht. Diese Erhéhung ist unabhéngig
von der numerischen Realisierung. In der zentralen Au+Au-Kollision ergibt sich eine
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geringfiigige Reduktion des Spektrums; bei Stolparameter b = 6 fm geben die verschie-
denen Rechnungen nahezu ununterscheidbare Resultate.

Aus den gezeigten Resultaten konnen wir mehrere Schlu$folgerungen ziehen. In un-
serem Modell ergibt sich in Schwerionenkollisionen eine weitgehende Thermalisierung
des Feuerballs. Auf dem Sektor der Nukleonen, Pionen und Deltas findet eine weitge-
hende chemische Aquilibrierung statt. Der Ausfrierproze wird, da er bei recht kleinen
Dichten stattfindet, durch die Zweikorperiibergangsraten kontrolliert. Daher erhalten
wir bei Mitnahme des Dreikérperprozesses zwar drastisch erhhte Ubergangsraten in
der Hochdichtephase der Reaktion, jedoch nur eine vergleichsweise geringe Modifikation
des observablen Pionenspektrums.

Daf sich in der tatséchlichen numerischen Simulation bei einer deutlich erhéhten
Anzahl von Stoflen letztlich die gleichen Resultate ergeben, ist ein deutlicher Hin-
weis darauf, dafl die numerische Realisierung des Kollisionsterms fehlerfrei ist. Der
Dreikorperstofl scheint numerisch unter Kontrolle zu sein, wie die identischen Ergeb-
nisse der beiden verschiedenen Realisierungen belegen.

Aus unseren Resultaten sollte nicht geschlossen werden, dafl Dreikérperprozesse in
Schwerionenkollisionen unbedeutend sind. Die Erhéhung der Ubergangsraten kénnte
durchaus relevant sein fiir die Produktion von Teilchen, die in der Zeitspanne der Re-
aktionsdauer nicht #dquilibrieren, wie zum Beispiel Teilchen mit Strangeness. Auch Di-
leptonenproduktion in der Hochdichtephase ist vermutlich sensitiv auf die Beriicksich-
tigung von Dreikorperprozessen. Das Problem besteht allerdings darin, daf3 es bislang
keine Modelle gibt, die zuverléssige Vorhersagen fiir Prozesse wie NNN — NNAK
oder NNN — NN Np ermoglichen.

4.4.4 FEinflul der In-Medium-Breite der A-Resonanz

In Abbildung 4.18 zeigen wir das Pionenspektrum aus der Berechnung einer zentralen
Au+Au-Kollision, in der die In-Medium-Breite der A-Resonanz mit dem in Kapitel 3.5
beschriebenen Verfahren in ihrer Population beriicksichtigt wurde (gestrichelte Linie).
Zum Vergleich ist auch das Ergebnis der normalen Rechnung dargestellt (durchgezogene
Linie). Wir haben hier die in Abbildung 4.1 dargestellte Breite verwendet, die von
der invarianten Masse p, dem Impuls p und der Dichte p abhéingt. Im Falle einer
Schwerionenkollision ist die Phasenraumverteilungsfunktion der Nukleonen natiirlich
nicht in guter Niaherung durch die bei Temperatur T = 0 gegeben. Allerdings ist zu
erwarten, dafl die Stolbreiten nicht sehr stark von der spezifischen Impulsverteilung der
Nukleonen beziehungsweise der Temperatur in einem #quilibrierten System abhéingen;
in Kapitel 8 demonstrieren wir dies fiir die Stoflbreiten der Nukleonen. Lediglich das
Pauli-Blocking der spontanen Zerfallsbreite besitzt fiir bestimmte Massen und Impulse
der Resonanz eine deutliche Abhéngigkeit von der Impulsverteilung der Nukleonen.
Unsere Rechnungen lieflen sich verbessern, indem wir die Breiten — wie im Falle der
Nukleonen (siehe Kapitel 8) — zusitzlich als Funktion der Temperatur berechnen. Dies
wiirde allerdings den numerischen Aufwand deutlich erh6hen, und es ist zu erwarten,
daB wir keine wesentlichen Anderungen unserer Resultate erhalten wiirden, da sich die
Observablen durch eine Integration iiber Resonanzen mit verschiedenen Impulsen und
Massen ergeben.

Aus Abbildung 4.18 sieht man, daf} die Beriicksichtigung der In-Medium-Breite zu
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Abbildung 4.18: Einflul der Beriicksichtigung der In-Medium-Breite der A-Resonanz
auf das Pionenspektrum einer zentralen Au+Au-Kollision bei 1 AGeV. Siehe Text fiir
weitere Erklarungen.

einer geringfiigigen Reduktion des Pionenspektrums fiihrt. Hier war kein grofler Einfluf}
zu erwarten, da wir in Kapitel 4.1 gesehen hatten, daf in unserem Modell die Reduktion
der spontanen Zerfallsbreite in etwa durch die Stofiverbreiterung kompensiert wird.

Allerdings hatten wir in der Photoproduktion gezeigt, dal die von uns normaler-
weise verwendete Stolbreite der A-Resonanz zu klein ist. Aus diesem Grunde haben
wir auch Rechnungen mit einer selbstkonsistenten A-Breite durchgefiihrt, in denen wir
die Stofiraten an die Breiten von [121] angepafit haben. Zum einen haben wir den Pro-
zeB ANN < NNN wie oben beschrieben beriicksichtigt. Zum anderen haben wir das
Matrixelement zu AN <> NN wie folgt modifiziert:

2 5 HA — My —m, 1Y 2
- 1 _ o
IMaNoNN| ( + 3 GoV ” IManvonn|,

um eine bessere Ubereinstimmung mit der Stobreite aus [121] zu erzielen. Bei Dichte
po entspricht damit die A-Breite in unserem Modell den A-hole-Werten. Das Resul-
tat einer solchen Rechnung ist in Abbildung 4.18 dargestellt (gepunktete Linie). Trotz
der erheblichen In-Medium-Korrekturen der A-Resonanz ergibt sich eine recht gerin-
ge Modifikation des Pionenspektrums. Der Grund hierfiir ist der gleiche wie fiir den
kleinen Einfluf des DreikorperstoBes. Aufgrund der weitgehenden Aquilibrierung ist
das Pionenspektrum nur sensitiv auf die Eigenschaften der Teilchen zum Zeitpunkt
des Ausfrierens. Dieses findet bei Dichten statt, die so klein sind (~ py/2), daf} In-
Medium-Korrekturen nahezu vernachléssigbar sind.
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Kapitel 5

Mediummodifikationen der
D15(1520)-Resonanz

5.1 Photoabsorption

Experimentell beobachtet man, dafl der totale Photoabsorptionswirkungsquerschnitt
pro Nukleon im Energiebereich der Nukleonenresonanzen fiir alle Kerne ab einer Mas-
senzahl von etwa 12 ungefihr gleich ist. Verglichen mit den Wirkungsquerschnitten am
Proton oder Deuterium sieht man eine deutliche Verbreiterung der A(1232)-Resonanz
und ein Verschwinden der Resonanzstrukturen bei hoheren Energien [18].

In Abbildung 5.1 zeigen wir zunéchst, wie die ,,trivialen Mediumeinfliisse Fermiver-
schmierung und Pauli-Blocking den elementaren Photon-Nukleon-Wirkungsquerschnitt
modifizieren. Wir beschrinken uns hier auf die Diskussion unserer Rechnungen an *°Ca,
da in unseren Rechnungen, wie im Experiment, die Massenabéngigkeit des Wirkungs-
querschnittes pro Nukleon klein ist. Aus Abbildung 5.1 sieht man, dafl aufgrund der
Fermibewegung die Resonanzstrukturen bei hoheren Energien stédrker als bei kleineren
Energien verbreitert werden. Dies ist unmittelbar verstdndlich, wenn man die invariante
Energie /s einer elementaren Photon-Nukleon-Reaktion im Medium betrachtet:

s = (E’Y + EN)2 - (EWgZ +ﬁN)2 ~ (E’Y + MN)2 - E,? - 2E’7pN,z = S0 — 2E’ypN,za
(5.1)

wobei wir Terme quadratisch im Nukleonenimpuls py vernachléssigt haben und ,/sq die
invariante Energie der Reaktion des Photons mit der Energie E, an einem ruhenden
Nukleon bezeichnet. Aus Gleichung (5.1) sieht man, dafl mit zunehmender Photon-
energie der Effekt der Verschmierung aufgrund der Integration iiber p zunimmt. Das
Verschwinden der Fi5(1680)-Resonanz erklirt sich damit, wie aus Abbildung 5.1 zu
sehen ist, allein aus der Fermiverschmierung.

Das Pauli-Blocking der auslaufenden Nukleonen spielt vor allem bei kleinen Pho-
tonenergien eine Rolle und reduziert den Wirkungsquerschnitt auf dem Maximum der
A-Resonanz um etwa 100 pb. Der resultierende Wirkungsquerschnitt kann jedoch die
experimentellen Daten nur sehr unzureichend beschreiben. Zum einen wird der Wir-
kungsquerschnitt im hoherenergetischen Bereich der A-Resonanz zwischen 350 und 600
MeV deutlich unterschétzt. Zum anderen ist in der Rechnung die Resonanzstruktur im
Bereich der D;3(1520)-Resonanz noch deutlich sichtbar, wihrend die experimentellen
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Abbildung 5.1: Der totale Photoabsorptionswirkungsquerschnitt an 4°Ca. Die experi-
mentellen Daten stammen aus [21] und wurden aus einer Mittelung iiber verschiedene

Kerne gewonnen. Siehe Text fiir weitere Erklarungen.

Daten vollig flach sind. Die Beriicksichtigung von konventionellen Selbstenergien fiir
die Resonanzen #ndert an der Diskrepanz zu den Daten wenig. In Abbildung 5.1 ist
die Rechnung gezeigt, die sich mit dem A-Potential aus Gleichung (2.41) (unter Ver-
wendung eines impulsunabhéingigen Nukleonenpotentials (Parametersatz H)) und dem
Imaginérteil des Spreading-Potentials aus Gleichung (4.5), das wir hier fiir alle Re-
sonanzen verwendet haben, ergibt. Man sieht, da} diese Potentiale das Resultat der
Rechnung nur unwesentlich modifizieren.

Die Beschreibung der experimentellen Daten im Bereich der A-Resonanz 148t sich
durch die Beriicksichtigung von Zweikorperabsorptionsprozessen fiir das Photon, wie
zum Beispiel YNN — NA, verbessern [22, 125]. Hierbei ist zu bedenken, daf§ zu ei-
ner Photonenergie von 400 MeV eine Wellenlinge von etwa 3 fm korrespondiert. Dies
ist grofer als der Abstand zweier benachbarter Nukleonen im Kern, und aus diesem
Grunde mufl unsere Annahme, daf§ die primére Wechselwirkung an nur einem Nukle-
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Abbildung 5.2: Resultat des Modells aus [4, 126] fiir die Massenabhéingigkeit der N p-
Breite der D;3(1520)-Resonanz. Der Impuls der Resonanz entspricht jeweils dem Im-
puls, den sie bei Bildung durch Photoabsorption an einem ruhenden Nukleon erhélt.

on stattfindet (,Impulse Approximation*), nicht notwendigerweise gerechtfertigt sein.
Eine konsistente und insbesondere eichinvariante Behandlung von Zweikoérperabsorp-
tionsprozessen ist jedoch schwierig und bislang nicht verfiigbar. Deshalb werden solche
Prozesse in der vorliegenden Arbeit vernachléssigt. Durch Vergleich des Absorptions-
wirkungsquerschnittes aus Abbildung 5.1 mit den Rechnungen zur Pionenproduktion
in Abbildung 4.7 sieht man, daf} sich im Bereich der A-Resonanz fiir beide Observa-
blen eine konsistente Diskrepanz zu den experimentellen Daten ergibt. In beiden Fillen
werden die Daten auf dem Maximum der A-Resonanz gut beschrieben und fiir hthere
Energien unterschétzt. Dies ist ein weiterer Hinweis darauf, dafl in unserem Modell die
Pion-Delta-Dynamik richtig beschrieben wird.

In Abbildung 5.1 zeigen wir auch die verschiedenen Beitrige, aus denen sich der
totale Wirkungsquerschnitt zusammensetzt. Hier sieht man, dafl im Bereich der D;3-
Resonanz der Zweipionenuntergrund YN — N7m eine grofle Rolle spielt. Das Ver-
schwinden der Struktur im D;3-Bereich ist daher moglicherweise nicht ausschliellich auf
Mediummodifikationen der D;3-Resonanz zuriickzufiihren. Im folgenden beschrinken
wir uns aber dennoch auf Untersuchungen zur D;3-Resonanz, da Rechnungen zu Me-
diummodifikationen des Zweipionenuntergrundes mit der Unsicherheit behaftet sind,
da} bereits der elementare Zweipionenwirkungsquerschnitt YN — N7 noch nicht
vollsténdig verstanden ist.

In den Kapiteln 2.4.3 und 2.5.2 hatten wir bereits die grofle Kopplung der D;-
Resonanz an den N p-Kanal angesprochen. In [4, 126] wurde im Rahmen eines Resonanz-
Loch-Modells die Spektralfunktion des p-Mesons in Kernmaterie berechnet. Hierbei
hat sich gezeigt, dal die Spektralfunktion aufgrund von D;3-Loch-Zustinden deutlich
modifiziert und Stérke zu kleinen invarianten Massen geschoben wird. In der angespro-
chenen Rechnung wurde iiberdies die N p-Breite der D,3-Resonanz selbstkonsistent zur
p-Spektralfunktion berechnet. Das Ergebnis dieser Rechnung ist in Abbildung 5.2 dar-
gestellt. Man erkennt eine sehr starke Erh6hung der N p-Breite im Medium gegeniiber
der Vakuumbreite. Bei Dichte py und auf der Polmasse der D;3-Resonanz ergibt sich
eine VergroBerung der Partialbreite um etwa einen Faktor 10 auf einen Wert von iiber
200 MeV. Dies ist darauf zuriickzufiihren, dafl bei einer invarianten Masse von 1.52
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Abbildung 5.3: Einflu} verschiedener Mediummodifikationen der D;3(1520)-Resonanz
auf den totalen Photoabsorptionswirkungsquerschnitt.

GeV nur Zerfélle in p-Mesonen mit Massen unterhalb von 582 MeV mdoglich sind. Mit
der Vakuumspektralfunktion, die eine Polmasse von 770 MeV und eine Breite von
151 MeV besitzt, ist daher der N p-Zerfall sehr stark unterdriickt. Da die In-Medium-
Spektralfunktion erheblich mehr Stérke bei kleineren invarianten Massen besitzt, ergibt
sich der in Abbildung 5.2 gezeigte Effekt.

In Abbildung 5.3 zeigt die gestrichelte Linie das Resultat unserer Rechnung fiir
den Photoabsorptionswirkungsquerschnitt, das sich unter Verwendung dieser medium-
abhéngigen Np-Breite der D;3-Resonanz ergibt. In dieser Rechnung wurde die volle
Dichte-, Massen-, und Impulsabhéngigkeit der Breite beriicksichtigt. Zuné&chst sieht
man, dafl die Beschreibung der experimentellen Daten erheblich verbessert wird. Fiir
Photonenergien oberhalb von 800 MeV ergibt sich eine sehr gute Ubereinstimmung mit
den Daten. Allerdings zeigt die Rechnung bei einer Photonenergie von etwa 650 MeV
ein Maximum, das in den Daten nicht zu sehen ist. Dieses Maximum riihrt daher, daf}
die Np-Breite der Dy3-Resonanz, wie aus Abbildung 5.2 zu sehen ist, sehr stark mit der
invarianten Masse ansteigt. Bei der Peakenergie von 650 MeV betréigt die invariante
Masse der Resonanz bei Bildung an einem ruhenden Nukleon 1.45 GeV. Die N p-Breite
ist hier bei Dichte py nur etwa halb so grofl wie auf der Polmasse der D;3-Resonanz, und
daher wirkt sich die Verbreiterung weniger stark aus. Die Polmasse der D;3-Resonanz
korrespondiert an einem ruhenden Nukleon zu einer Photonenergie von 760 MeV. Man
sieht aus Abbildung 5.3, da8 hier der Effekt der Verbreiterung deutlich stiarker ausfillt.
Beides zusammen fiihrt zu der Ausbildung des Maximums.

Eine andere mogliche Mediummodifikation der D;3-Resonanz besteht in einer Ande-
rung des Realteils der Selbstenergie. Bisher hatten wir ein impulsunabhéingiges Poten-
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tial fiir die Nukleonen verwendet und angenommen, dafl sich die D;3-Resonanz im
gleichen Potential befindet. Bei Verwendung des in Abbildung 2.1 dargestellten im-
pulsabhéngigen Potentials ergibt sich die gepunktete Linie in Abbildung 5.3. Die in
der Photoabsorption produzierten D;3-Resonanzen haben im Mittel einen Impuls von
etwa 800 MeV, fiir den das Potential bei Dichte py verschwindet. Da das Potential der
einlaufenden Nukleonen etwa -50 MeV betrégt, ergibt sich eine effektive Verschiebung
der Masse der Di3-Resonanz um etwa 50 MeV nach oben. Da die Breite der Dqs3-
Resonanz aufgrund der Offnung des Np-Kanals sehr stark mit der Masse zunimmt,
fithrt eine solche Massenverschiebung zu einer Verbreiterung. Auflerdem tritt, da das
Potential dichte- und impulsabhingig ist, in der Berechnung des Photoabsorptions-
wirkungsquerschnittes durch die Orts- und Impulsraumintegrationen eine zusétzliche
Verschmierung auf. Aus Abbildung 5.3 sieht man, daf§ dann die resonante Struktur im
Dq3-Bereich nahezu vollstindig verschwindet. Allerdings werden die experimentellen
Daten leicht iiberschétzt.

In [20] wurde eine Stofibreite von 300 MeV fiir die D;3-Resonanz vorgeschlagen,
um den Photoabsorptionswirkungsquerschnitt zu erkldren. Auch in unserem Modell
erzielen wir, wie in Abbildung 5.3 gezeigt (strich-gepunktete Linie), eine sehr gute Be-
schreibung der experimentellen Daten bei Verwendung dieser Stolbreite. Allerdings
ist eine solch grofle Stofibreite, die etwa einen Faktor 4 {iber der aus dem Spreading-
Potential der A-Resonanz gewonnenen liegt, sehr schwer zu rechtfertigen. In [40, 22]
hatten wir gezeigt, dal die Stofbreite aus dem Prozefl D3N — NN im Rahmen des
BUU-Modells nur einige MeV betrigt und deutlich kleiner als die entsprechende Breite
der A-Resonanz ist. Das entsprechende Matrixelement ist nicht beliebig frei wahlbar, da
der zeitumgekehrte Prozefl durch die experimentellen Daten zur Ein- und Zweipionen-
produktion eingeschrinkt wird. Die maximal mogliche Sto3breite aus D3N — NN mit
dem Vakuummatrixelement liegt daher bei etwa 20 MeV, also in der Groflenordnung
der Stoflbreite der A-Resonanz aus AN — N N. Da iiberdies die in der Photoabsorption
gebildeten D;3-Resonanzen recht groie Impulse haben (~ 800 MeV) und Mehrkorper-
prozesse mit zunehmendem Impuls an Bedeutung verlieren sollten, erscheint es als sehr
unwahrscheinlich, daf§ die totale Kollisionsbreite der Dy3-Resonanz um einen Faktor 4
iber der der A-Resonanz liegt.

5.1.1 Andere Modelle

In [127] gelang eine Beschreibung des Photoabsorptionswirkungsquerschnittes durch
Mediummodifikationen der Amplituden zur elementaren Zweipionenproduktion yN —
Nrm. Hierbei wurden fiir die Selbstenergien der beteiligten Teilchen lediglich ,, konven-
tionelle®“ Mediummodifikationen angenommen. Fiir die A-Resonanz wurde ein Spread-
ing-Potential verwendet, das aus A-hole-Rechnungen stammt und dessen Imaginérteil
wir in Gleichung 4.5 angegeben hatten. Fiir die D;3-Resonanz wurde die gleiche Ver-
breiterung und eine Verschiebung der Masse relativ zum Nukleon um 20 MeV nach
unten angenommen. Auflerdem wurde ein gebriduchliches Pionenpotential verwendet.
Das Verschwinden der Struktur im Bereich der D;3-Resonanz wurde dann durch einen
kooperativen Effekt dieser Modifikationen und insbesondere durch eine Verdnderung
der Interferenzen zwischen den verschiedenen zur Zweipionenproduktion beitragenden
Prozessen verursacht.
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Allerdings wurde in [127] ein sehr einfaches Modell zur Beschreibung der elemen-
taren Zweipionenamplitude verwendet. Im Gegensatz zu den weitaus detaillierteren
Modellen in [83, 84] wurden im Rahmen einer nicht-relativistischen, phinomenologi-
schen Feldtheorie lediglich 5 Diagramme beriicksichtigt und in erster Bornscher Nihe-
rung ausgewertet. Das Modell wurde in [128] nur an totale Wirkungsquerschnitte zur
Zweipionenphotoproduktion am Nukleon angepafit. Hier gelang eine gute Beschrei-
bung des Kanals YN — 77~ N am Proton und Neutron. Die Wirkungsquerschnitte
zu yp — 7 7% und yn — 7~ 7% konnten jedoch nur unter Verwendung einer Spek-
tralfunktion fiir das p-Meson, die sehr viel Stérke bei kleinen invarianten Massen be-
sitzt, reproduziert werden. Diese Spektralfunktion des p-Mesons wurde in [128] ad hoc
eingefithrt und steht vermutlich in Widerspruch zu anderen experimentellen Daten.
Es ist zu erwarten, dafl bereits ein Vergleich mit massendifferentiellen Wirkungsquer-
schnitten zur Zweipionenphotoproduktion die Unzulidnglichkeit des Modells aufzeigt.
Die Rechnungen unterschiitzen auch die 7°7°-Kanile um mehr als einen Faktor 2.
Aus den genannten Griinden ist daher davon auszugehen, dafl die Rechnungen in [127]
zwar einen Hinweis darauf geben, dal das Zusammenspielen mehrer Faktoren das Ver-
schwinden der D;3-Resonanz verursachen kénnte. Eindeutige Schlufifolgerungen lassen
sich aus ihnen aber nicht ziehen. Wir sollten hier auch nochmals darauf hinweisen, dafl
wir in den impulsdifferentiellen Spektren zur inklusiven m°-Produktion gesehen hatten,
dafl Mediummodifikationen des Wirkungsquerschnittes zu yN — N7%7%, N7*70 klein
sind. Daher ist ein Modell, das nur den Absorptionswirkungsquerschnitt, nicht aber die
anderen verfiigbaren experimentellen Daten beschreibt, nicht sinnvoll.

Ebenfalls gute Ubereinstimmung mit den experimentellen Daten zur Photoabsorp-
tion wurde in [3] im Rahmen eines Modells fiir die In-Medium-Spektralfunktion des
p-Mesons unter Verwendung von Vektormeson-Dominanz erzielt. Allerdings wurde hier
das zugrundeliegende Modell der elementaren Photon-Nukleon-Reaktion nicht mit ex-
klusiven Observablen wie YN — N7 oder YN — N7 verglichen, sondern nur an den
totalen Photon-Nukleon-Wirkungsquerschnitt angepafit. Eine isoskalare Kopplung des
Photons an Nukleonen wurde vernachléssigt, so dafl in diesem Modell der Wirkungs-
querschnitt am Proton und Neutron gleich ist. Fiir die exklusiven Kanéle ist dies jedoch
nur auf dem 20%-Bereich erfiillt (siehe Anhang A.5). Um eine verniinftige Beschreibung
des elementaren Wirkungsquerschnittes zu erhalten, mufite fiir den N N7-Vertex ein
sehr kleiner Abschneideparameter (in den derzeit neuesten Rechnungen A ~ 300 MeV)
verwendet werden. Dies macht die Anwendbarkeit des Modells zumindest fragwiirdig.

Das Verschwinden der D;3-Resonanz im Photoabsorptionswirkungsquerschnitt konn-
te in [3] nur unter Verwendung der mediumabhéingigen N p-Breite aus [4] erzielt wer-
den. Die verglichen mit unseren Rechnungen bessere Ubereinstimmung mit den expe-
rimentellen Daten ist darauf zuriickzufiihren, daf§ in [3] die Massenabhingigkeit der
In-Medium-Breite nicht korrekt beriicksichtigt wurde, sondern lediglich die in [4] an-
gegebene Breite auf dem Pol der Resonanz verwendet wurde.

5.2 Pionenproduktion

Im vorangegangenen Abschnitt haben wir verschiedene Szenarien erlautert, die fiir
ein Verschwinden der Struktur im Photoabsorptionswirkungsquerschnitt an Kernen im
Bereich der D;3(1520)-Resonanz verantwortlich sein kénnten: (i) eine Mediummodifi-
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kation der Np-Breite geméfl der Rechnung aus [4], (ii) ein impulsabhingiges Potential
oder (iii) eine sehr grofle Stofibreite von 300 MeV. Alle drei Szenarien sind in der
Lage, die experimentellen Daten zum Photoabsorptionswirkungsquerschnitt halbwegs
zu beschreiben. Im folgenden wollen wir ihren Einflul auf exklusivere Wirkungsquer-
schnitte untersuchen, um mit Hilfe der experimentellen Daten eine Entscheidung zu
ermoglichen.

5.2.1 Einpionenproduktion

In Abbildung 5.4 zeigen wir den bereits in Kapitel 4.2.1 ausfiihrlich diskutierten Wir-
kungsquerschnitt zur inklusiven 7°-Produktion in '?C, *°Ca und 2°®Pb. Man sicht,
dafl die verschiedenen Szenarien recht dhnliche Resultate liefern. Im Bereich der D3-
Resonanz liegen die Rechnungen mit der Stofibreite von 300 MeV um etwa 20% unter
den Rechnungen ohne Mediummodifikationen und geben die beste Ubereinstimmung
mit den experimentellen Daten. Die Rechnungen mit der modifizierten N p-Breite erge-
ben hier nahezu die gleichen Resultate wie die ohne Mediummodifikationen. Der Grund
hierfiir liegt darin, daf3 die durch die Verbreiterung verursachte Absenkung des priméren
Absorptionswirkungsquerschnittes durch die vergréflerte Zerfallswahrscheinlichkeit der
Dq3-Resonanz in den Zweipionenkanal kompensiert wird. Die Rechnungen unter Ver-
wendung des impulsabhiingigen Potentials liegen im Bereich der D;3-Resonanz zwi-
schen den anderen Rechnungen.

Bis zu Energien von etwa 550 MeV unterschitzen wir die experimentellen Daten,
wobei die Diskrepanz mit zunehmender Kerngréfe zunimmt. Im Falle von 2%®Pb be-
trigt die Abweichung maximal etwa 30%. Wir hatten oben bereits angesprochen, daf}
diese Abweichung konsistent zu unserer Unterschéitzung des totalen Photoabsorpti-
onswirkungsquerschnittes und auf die Vernachlédssigung von Mehrkdrperabsorptions-
prozessen fiir das Photon, wie yYNN — NA, zuriickzufithren ist. Da solche Prozesse
mit zunehmender Kerngrofle an Bedeutung gewinnen, nimmt die Abweichung unserer
Rechnungen zu den experimentellen Daten mit der Kerngréfie zu.

5.2.2 Zweipionenproduktion

In Abbildung 5.5 présentieren wir das Resultat unserer Rechnungen fiir den inklusi-
ven 7w -Wirkungsquerschnitt. Zu dieser Observable gibt es bislang noch keine expe-
rimentellen Daten. Die verschiedenen Szenarien der Mediummodifikationen der Dq3-
Resonanz liefern nahezu ununterscheidbare Resultate. Dies ist darauf zuriickzufiihren,
dal die Pionen in erster Linie bei niedriger Dichte produziert werden. Findet die
primére Produktion bei einer hohen Dichte statt, ist die Wahrscheinlichkeit sehr grof,
dafl zumindest eines der beiden Pionen absorbiert wird.

Fiir die Kerne 2C und #°Ca existieren bis zu einer Photonenergie von 600 MeV
auch Rechnungen der Valencia-Gruppe [129]. Die Ergebnisse dieser Rechnungen sind
ebenfalls in Abbildung 5.5 dargestellt. Man sieht, dafl diese Rechnungen deutlich von
unseren abweichen. Fiir Photonenergien unterhalb von 450 MeV liegen sie unter unse-
ren, steigen dann aber deutlich steiler an und liefern Wirkungsquerschnitte, die etwa
einen Faktor 3 iiber unseren liegen. Im Gegensatz zu unserem Modell wurden in [129]
Mediummodifikationen der elementaren Amplitude vorgenommen. Uberdies wurde ein
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Abbildung 5.4: Einflufl verschiedener Mediummodifikationen der D;3-Resonanz auf den
totalen 7°-Photoproduktionswirkungsquerschnitt in 2C, “°Ca und 2°Pb. Die durch-
gezogenen Linien sind die Resultate ohne Mediummodifikationen der D;3-Resonanz
unter Verwendung eines impulsunabhingigen Potentials. Die gestrichelten Linien erge-
ben sich mit der mediummodifizierten Np-Breite aus [4], die gepunkteten mit einem
impulsabhéngigen Potential und die strich-gepunkteten mit einer Stoflbreite von 300
MeV.

Pionenpotential beriicksichtigt. Diese Modifikationen sind denen, die in [127] zur Be-
schreibung der Photoabsorption (siehe Abschnitt 5.1.1) vorgenommen wurden, dhn-
lich. Offensichtlich ergeben sich jedoch entgegengesetzte Resultate. Wéhrend in [127]
der elementare Wirkungsquerschnitt reduziert wird, ergibt sich in [129] eine deutliche
Erhohung. Da in [129] mit dem Modell aus [84] eine wohl realistischere Beschreibung
der elementaren Zweipionenphotoproduktion verwendet wurde, ist dies ein deutlicher
Hinweis auf die Unsicherheiten beziiglich der Rechnungen zur Photoabsorption in [127].

Neue experimentelle Daten gibt es zur 7%7%-Produktion bis zu einer Photonenergie
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Abbildung 5.5: Einflul verschiedener Mediummodifikationen der D;3-Resonanz auf den
7 tn~-Photoproduktionswirkungsquerschnitt in 2C, “°Ca und 2°®Pb. Die Bedeutung
der Linien entspricht der in Abbildung 5.4. Zusétzlich ist fiir '2C und *°Ca das Ergebnis
der Rechnung aus [129] (punkt-punkt-gestrichelte Linie) eingezeichnet.

von 570 MeV [42]. Diese sind in Abbildung 5.6 im Vergleich zu unseren Rechnungen
dargestellt. Zunéchst sieht man, dafl die gemessenen Wirkungsquerschnitte sehr klein
sind und weniger als 1% des totalen Absorptionswirkungsquerschnittes betragen. Daher
sind diese Daten nur bedingt geeignet, um Riickschliisse auf die fiir die Photoabsorption
relevanten Mechanismen zu ziehen. In unseren Rechnungen liefern die verschiedenen
Szenarien fiir die Dy3-Resonanz wieder — insbesondere im experimentell gemessenen
Bereich — sehr &hnliche Ergebnisse. Es gelingt eine gute Beschreibung der experimen-
tellen Daten, wobei die Ubereinstimmung mit zunehmender Kerngréfe zunimmt. Im
Falle von '?C iiberschiitzen wir den Datenpunkt bei der héchsten Photonenergie um
fast einen Faktor 2, in 2°Pb betrigt die Diskrepanz nur etwa 20%. Es ist jedoch sehr
schwierig, aus diesem Vergleich bereits Schluflfolgerungen zu ziehen. Notwendig wére
es, den Verlauf der experimentellen Daten zu hoheren Energien zu kennen.
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Abbildung 5.6: Einfluf} verschiedener Mediummodifikationen der D;3-Resonanz auf den
707%-Photoproduktionswirkungsquerschnitt in 2C, *°Ca und ?°Pb. Die Bedeutung der
Linien entspricht der in Abbildung 5.4. Die experimentellen Daten stammen aus [42].

5.3 Dileptonen- und Etaproduktion

Im Vorgriff auf die in Kapitel 6 zu untersuchende Photoproduktion von Dileptonen in
Kernen zeigen wir in Abbildung 5.7 den Einfluf} der verschiedenen Mediummodifikatio-
nen der Dy3-Resonanz auf das massendifferentielle ete-Spektrum einer yPb-Reaktion
bei £, = 800 MeV. Im Gegensatz zu den pionischen Observablen ergeben sich hier
deutlich unterschiedliche Resultate der verschiedenen Szenarien. Die Modifikation der
N p-Breite fiihrt zu einer Erhohung des Spektrums im Massenbereich zwischen 300 und
600 MeV um mehr als einen Faktor 2. Wie wir in Abbildung 6.6 zeigen werden, wird
dieser Massenbereich durch die e*e™-Zerfille des p’-Mesons dominiert. Eine Vergrofe-
rung der N p-Partialbreite fiihrt zu einer vermehrten p-Produktion und damit zu einer
Erhohung des ete -Spektrums. Demgegeniiber fiihren die beiden anderen Szenarien,
also impulsabhéngiges Potential beziehungsweise 300 MeV Stofibreite, zu einer Absen-



5.3. Dileptonen- und Etaproduktion

139

\) T T T T T T T T T
L3
- E =0.8 GeV
10 k3 y%Pb - e'e X Y i
Eo 2 AM=10 MeV
3
O 1¢ E
B o
=
-% ------ modified D,, -~ N p “\"\ .
_8 A momentum dependent potentials O\ E
--------- 300 MeV collision width RNNE
0.01 ) 1 ) 1 ) 1 ) 1 ) 1 A
0.1 0.2 0.3 0.4 0.5 0.6 0.7
M [GeV]

Abbildung 5.7: Einflul verschiedener Mediummodifikationen der D;3-Resonanz auf den
massendifferentiellen e*e~ Photoproduktionswirkungsquerschnitt in 2 Pb. Die Bedeu-
tung der Linien entspricht der in Abbildung 5.4.

kung der ete~-Produktion.

Im Falle des impulsabhingigen Potentials ergibt sich auch eine Reduktion der n-
Produktion, da die Sj;(1535)-Resonanz wie die Dj3-Resonanz zu hoheren Energien
verschoben wird. Diese Reduktion ist im Dileptonenspektrum fiir invariante Massen
im Bereich von 200 MeV zu sehen. Um den Effekt des impulsabhéingigen Potentials
auf die n-Photoproduktion zu verdeutlichen, zeigen wir in Abbildung 5.8 den totalen
Wirkungsquerschnitt der n-Produktion als Funktion der Photonenergie. Man sieht, dafl
bei Verwendung des impulsabhingigen Potentials die Resonanzstruktur ausgeschmiert
wird. Im hier betrachteten Energiebereich bis zu 1 GeV findet durchgehend eine Re-
duktion des Wirkungsquerschnittes statt. Diese Reduktion nimmt mit gréfler werden-
der Photonenergie ab. Im experimentell gemessenen Bereich bis 800 MeV weichen die
beiden Rechnungen um etwa 50% voneinander ab. Die experimentellen Daten liegen
zwischen den Rechnungen; fiir Photonenergien unterhalb von 700 MeV ergibt sich eine
bessere Beschreibung der Daten ohne impulsabhingiges Potential, fiir héhere Energien
stimmt die Rechnung mit impulsabhingigem Potential besser mit den experimentellen
Daten iiberein.

Verglichen mit unseren fritheren Rechnungen zur n-Photoproduktion [40, 39], die
ohne impulsabhéngiges Potential durchgefiihrt wurden, hat sich die Beschreibung der
Daten etwas verschlechtert. Dies ist auf die verdinderten Parameter der Si;(1535)-
Resonanz und die verdnderte Initialisierung der Kerndichte zuriickzufiihren. Man sollte
bedenken, daf§ in 2Pb weniger als 20% der priméir produzierten n-Mesonen den Kern
verlassen. Daher ist der Wirkungsquerschnitt am Kern recht sensitiv auf geringfiigige
Modifikationen der n-Absorption oder der Kernoberfliche.
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Abbildung 5.8: Totaler Photoproduktionswirkungsquerschnitt von n-Mesonen in 2°8Pb.
Die gestrichelte Linie ergibt sich mit einem impulsabhéngigen Nukleonenpotential. Die
experimentellen Daten stammen aus [41].



Kapitel 6

Dileptonenproduktion

Zur Untersuchung der Eigenschaften von Hadronen in Materie sind Dileptonen hervor-
ragend geeignet, da sie nicht der starken Wechselwirkung unterliegen und damit nach
ihrer Produktion durch die sie umgebende hadronische Materie nahezu nicht beeinflufit
werden. Die Vektormesonen p, w und ¢ weisen einen direkten Dileptonenzerfall auf, so
daf sich insbesondere ihre Eigenschaften untersuchen lassen. Im vergangenen Jahrzehnt
sind die Eigenschaften der Vektormesonen in Kernmaterie auf grofles theoretisches In-
teresse gestoflen, da sie — wie bereits in der Einleitung angesprochen — moglicherweise
mit der Restauration der chiralen Symmetrie zusammenhéingen. Ein direkter experi-
menteller Hinweis auf eine Mediummodifikation der Vektormesonen findet sich in den
bei SPS-Energien in Schwerionenkollisionen gemessenen invarianten Massenspektren
[13, 14]. Die theoretische Interpretation dieser experimentellen Daten ist jedoch noch
umstritten [16, 130]. In der hier vorliegenden Arbeit soll die ohnehin umfangreiche
Literatur nicht um einen weiteren Erkldrungsversuch der erwdhnten experimentellen
Spektren bereichert werden. Stattdessen untersuchen wir den Einflufl von Mediummo-
difikationen der Vektormesonen auf Dileptonenproduktion in photon- und pionindu-
zierten Reaktionen und geben Vorhersagen fiir zukiinftige Experimente [43, 47]. In der
Einleitung hatten wir bereits diskutiert, dafl diese Reaktionen gegeniiber Schwerionen-
kollisionen den Vorteil haben, ndher am Gleichgewicht abzulaufen, und eine theoreti-
sche Behandlung ermoglichen, die mit weniger Unsicherheiten behaftet ist.

Eine leicht gekiirzte Fassung des vorliegenden Kapitels findet sich in [131] fiir die
photon- und in [132] fiir die pioninduzierten Reaktionen.

6.1 Stoflverbreiterung der Vektormesonen

6.1.1 Berechnung der Stoflbreiten

Die Berechnung der In-Medium-Breiten des p- und des w-Mesons erfolgt analog zu der
der A-Resonanz in unendlich ausgedehnter Kernmaterie bei Temperatur 7' = 0 (siehe
Kapitel 4.1, 2.4.2). Im Ruhesystem des Mesons ist die totale In-Medium-Breite gegeben
als:

FZ;t(/% |ﬁ|7 P) = Fz‘i/ac(u) + FXO”(M? |ﬁ|7 p)a (61)

141
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wobei IV die Vakuumbreite aufgrund des spontanen Zerfalls, die wir nicht modifizie-

ren, bezeichnet und die Stofibreite 'Y, iiber Gleichung (2.73) berechnet wird:

coll

Lo, 101, p) = vp < vvnoily >, (6.2)

wobei p die Nukleonendichte und ~ der Lorentzfaktor fiir die Transformation vom Ru-
hesystem der Nukleonen ins Ruhesystem des Mesons sind. Die Klammer deutet hier die
Integration iiber die Fermiverteilung der Nukleonen an, vy ist die Relativgeschwin-
digkeit von Meson und Nukleon (Gleichung (2.72)) und ot%; ihr totaler Wirkungsquer-
schnitt.

Wir vernachléssigen in der vorliegenden Arbeit Mediummodifikationen der Np-
Breiten der Baryonenresonanzen, die — in einer selbstkonsistenten Rechnung — iiber
Gleichung (2.68) direkt aus der Modifikation der Spektralfunktion des p-Mesons folg-
ten. Die Anderung der Np-Breiten und die damit einhergehende Modifikation der
Spektralfunktionen der Resonanzen wirkten iiber Gleichung (2.50) auf die Stofibrei-
te des p-Mesons aus Gleichung (6.2) zuriick. Damit ergébe sich ein gekoppeltes System
von Integralgleichungen fiir die 3-dimensionalen Breiten der Baryonenresonanzen und
des p-Mesons. In [4] wurde gezeigt, dafl eine solche Rechnung grofie Modifikationen
der Np-Breiten der Nukleonenresonanzen, insbesondere der D;3(1520)-Resonanz, ver-
ursachen kann (siehe auch Kapitel 5) und auch die Spektralfunktion des p-Mesons
beeinflufit. Allerdings wurden in der angesprochenen Rechnung die anderen Zerfalls-
kanile, wie N7 oder Ar, nicht modifiziert, und eine mogliche Anderung des Realteils
der Selbstenergie der Nukleonenresonanzen wurde vernachléssigt. In unserer Rechnung
vernachléssigen wir bereits — im Gegensatz zu [4] — den Realteil der p-Selbstenergie.
Eine selbst-konsistente Iteration der Spektralfunktionen ist vermutlich nur sinnvoll un-
ter Einschluf} aller Kanile und der Realteile. In den hier prisentierten Rechnungen
ist es vor allem wichtig, daf3 in der Population der Vektormesonen ihre In-Medium-
Breite beriicksichtigt wird, die dann auch in die dynamische Propagation eingeht. In
[133] wurde betont, da§ dies aus Unitarititsgriinden von hervorgehobener Bedeutung
ist. Fiiir Photon- beziehungsweise Pionenergien oberhalb von 1 GeV spielen die Baryo-
nenresonanzen, die unterhalb von My + mg liegen und deren Breiten daher besonders
sensitiv auf Mediummodifikationen der p-Spektralfunktion sind, eine untergeordnete
Rolle. Aus diesem Grunde ist die Vernachlissigung der Modifikation der NN p-Breiten
bei Rechnungen im genannten Energiebereich durchaus gerechtfertigt.

Die Breite des w-Mesons berechnen wir nur als Funktion des Impulses p und der
Dichte p, nicht aber als Funktion der invarianten Masse u, da es zum einen kein na-
heliegendes Modell fiir die p-Abhéngigkeit der Breite gibt und zum anderen auch die
In-Medium-Breite nicht so grof} ist, da} im relevanten Massenbereich eine drastische
Variation der Breite zu erwarten ist. Im Falle des p-Mesons ist die u-Abhingigkeit
demgegeniiber von Bedeutung, da bereits die Vakuumbreite fiir p — 77 eine deutli-
che Massenabhingigkeit aufweist und auch der N p-Wirkungsquerschnitt aufgrund der
Kopplung an die Resonanzen sehr stark p-abhéngig ist (siehe Abbildung 2.13).

Im oberen Teil von Abbildung 6.1 zeigen wir die Stofibreite des p-Mesons bei Dich-
te po in isospinsymmetrischer Kernmaterie als Funktion von invarianter Masse und
Impuls. Die Struktur bei kleinen Massen stammt hier von den Resonanzbeitrigen, ins-
besondere von der D;3(1520)-Resonanz. Man sieht, daf die Breite fiir kleine Massen
sehr grofle Werte bis zu 600 MeV annimmt, die zu einem ,,Schmelzen® des p-Mesons
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Abbildung 6.1: Stolbreiten des p- und w-Mesons. Die obere Abbildung zeigt die Stof3-
breite des p-Mesons bei Dichte py in isospinsymmetrischer Kernmaterie als Funktion
von Masse und Impuls, die untere die des w-Mesons als Funktion von Impuls und Dichte
fiir = m)

w*

korrespondieren. Im Bereich der Polmasse betrigt die Stofbreite etwa 100 MeV, das
heifit, im Medium tritt etwa eine Verdopplung der Breite auf.

Die StoBbreite des w-Mesons ist im unteren Teil der Abbildung 6.1 als Funktion
von Impuls und Dichte dargestellt. Da sowohl Fermiverschmierung wie auch Pauli-
Blocking des auslaufenden Nukleons unbedeutend sind, ergibt sich ein linearer Anstieg
der Breite mit der Dichte. Auch die Impulsabhéingigkeit ist aufgrund der verwendeten
Parametrisierungen der Wirkungsquerschnitte (sieche Anhang A.2.1) nahezu linear. Bei
Dichte pg und einem Impuls von 1 GeV erhalten wir eine Stolbreite von etwa 80 MeV,
die damit ungefihr einen Faktor 10 grofler als die Vakuumbreite ist.
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6.1.2 Implementierung der Stoflbreiten

Am Beispiel einer yPb-Reaktion bei 1.5 GeV wollen wir im folgenden die Implemen-
tierung der Stoflbreiten und die resultierenden Probleme diskutieren. Im oberen Teil
von Abbildung 6.2 zeigt die durchgezogene Linie den Beitrag des p-Mesons zum e*e™-
Spektrum bei Verwendung der Vakuumspektralfunktion in der Population. Die strich-
gepunktete Linie (mit ,,coll. broadening“ bezeichnet) resultiert als Losung der Trans-
portgleichung (2.66) unter Einbeziehung der In-Medium-Spektralfunktion des p-Mesons
mit der im letzten Abschnitt besprochenen Stofibreite. In dieser Rechnung wurden die
elementaren Produktionswirkungsquerschnitte zu YN — Np® (Gleichung (2.106)) und
YN — Npn (Gleichung (2.109)) mit der In-Medium-Spektralfunktion berechnet. Da
die Breite des Mesons von seinem Impuls im Ruhesystem des Kerns abhéngt, ist in Glei-
chung (2.106) eine zusétzliche Q-Integration, gewichtet mit der in Gleichung (2.108)
gegebenen Winkelverteilung, notwendig. Im Falle des Dreikérperendzustandes neh-
men wir eine isotrope Phasenraumverteilung an. Wie oben diskutiert, werden die N p-
Breiten der Baryonenresonanzen nicht modifiziert. Beim Zerfall einer Resonanz in ein
p-Meson wird aber dessen Masse mit Hilfe der (phasenraumgewichteten) In-Medium-
Spektralfunktion bestimmt.

Aus Abbildung 6.2 sieht man, dafl die Einbeziehung der Stofiverbreiterung zu ei-
ner Absenkung des Dileptonenspektrums im Bereich der Polmasse des p-Mesons um
etwa 30% fiihrt und einer Verschiebung der Stérke zu kleineren Massen. Bei M = 2m,,
ergibt sich ein sehr grofler Peak. Dieser Peak ist tatséchlich ein Pol und hier nur auf-
grund unserer numerischen Losung endlich. Der Grund fiir diese Divergenz liegt daran,
daf unsere Transportgleichung (2.66) keinen Mechanismus enthilt, der ein im Medium
kollisionsverbreitertes Teilchen auf die Vakuumspektralfunktion schiebt, wenn es ins
Vakuum lduft. In Gleichung (3.4) hatten wir gesehen, daf8 die invariante Masse eines
Testteilchens in der Propagation zwischen den Stoflen zeitlich konstant ist. An der
Zweipionenschwelle verschwindet die Vakuumspektralfunktion des p-Mesons, wihrend
die In-Medium-Spektralfunktion endlich ist, da die Kollisionsbreite nicht verschwindet.
Damit ergibt sich im Medium eine von null verschiedene spektrale Phasenraumvertei-
lungsfunktion F}, an der Zweipionenschwelle. Ein die Verteilungsfunktion représentie-
rendes Testteilchen mit 1 = 2m, besitzt eine endliche Wahrscheinlichkeit, ins Vakuum
zu laufen, ohne an einem Stof} teilzunehmen. Wahrend dieser Propagation &ndert sich
die invariante Masse nicht. Im Vakuum besitzt dieses Teilchen eine unendlich lange Le-
bensdauer (I';; = 0) und im Dileptonenspektrum ergibt sich aufgrund der Zeitintegra-
tion in Gleichung (2.130) ein Pol. Die Tatsache, daf§ das Teilchen unendlich lange lebt,
ist natiirlich insofern ein Artefakt unserer Rechnung, als wir den elektromagnetischen
Zerfall, der die Voraussetzung dafiir ist, dafl das p-Meson iiberhaupt zum Dileptonen-
spektrum beitriagt, in der dynamischen Zeitentwicklung der Phasenraumverteilungs-
funktion unberiicksichtigt lassen. Eine Beriicksichtigung dieses Zerfalls wiirde jedoch
das grundsétzliche Problem nicht beheben; der Pol wiirde vielmehr nur durch einen
numerisch ununterscheidbar groflen Peak ersetzt, da die elektromagnetischen Breiten
sehr viel kleiner als die hadronischen sind.

In unseren Rechnungen haben wir die Stofibreite des p-Mesons nur fiir invariante
Massen oberhalb der Zweipionenmasse berechnet. Im Medium gibt es keinen Grund
dafiir, dafl die Breiten unterhalb verschwinden. Bei einer Beriicksichtigung der ent-
sprechenden Beitrige der Spektralfunktion in der Population ergében sich die gleichen
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Abbildung 6.2: Das eTe -Spektrum aus Zerfillen des p-Mesons (obere Abbildung) und
des w-Mesons (untere Abbildung) fiir ¥Pb bei 1.5 GeV mit verschiedenen Vorgehens-
weisen bei der Behandlung der Stofiverbreiterung. Siehe Text fiir genauere Erklédrungen.

Probleme mit ins Vakuum laufenden Teilchen, die dort unendlich lange leben, wie
an der Schwelle. Wir werden hier allerdings, auch nach einer Modifikation unserer
Behandlung der Stofiverbreiterung, nur p-Mesonen mit Massen oberhalb der Zweipio-
nenschwelle beriicksichtigen. Eine sinnvolle Behandlung von p-Mesonen mit kleineren
Massen erforderte zwingend auch die Beriicksichtigung der elektroschwachen Beitréige
zur Spektralfunktion, da bereits im Vakuum solche p-Mesonen als intermediére Teilchen
in der Dileptonenproduktion auftreten konnen. Numerisch wére dies jedoch in einem
hadronischen Transportmodell schwer handhabbar. Spéter werden wir iiberdies sehen,
daf die Dileptonenspektren fiir kleine invariante Massen ohnehin von anderen Quel-
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len dominiert werden, so daf} eine detaillierte Behandlung der p-Mesonen mit Massen
unterhalb der Zweipionenschwelle nicht erforderlich ist.

Im unteren Teil der Abbildung 6.2 ist der Beitrag des w-Mesons zum Dileptonen-
spektrum dargestellt. Die durchgezogene Linie wurde mit der Vakuumspektralfunktion
berechnet, die strich-gepunktete ergibt sich bei Verwendung der In-Medium-Breite.
Hier sieht man eine deutliche Verbreiterung des w-Peaks mit einer Reduktion bei der
Polmasse um etwa einen Faktor 2. Die Verbreiterung wird durch die Verwendung der
Massenauflosung von 10 MeV fiir alle hier prisentierten Spektren (siehe Kapitel 6.2.1)
sogar etwas verwaschen. Eine solch grofle Verbreiterung ist jedoch nicht realistisch,
da der grofite Teil der zum Dileptonenspektrum beitragenden w-Mesonen im Vakuum
zerfillt.

Das Problem besteht also darin, da3 in unserem Transportmodell bei Berticksich-
tigung von In-Medium-Breiten die spektrale Verteilungsfunktion nicht die korrekte
asymptotische Losung annimmt. Ein im Vakuum stabiles Teilchen kommt nicht auf
die Massenschale, wenn es ins Vakuum lduft. Wenn die Zeitentwicklung des Systems
allerdings so ist, dafl die Absorptions- und Produktionsraten der Teilchen sehr viel
groBer als die relative Anderung der Breite mit der Zeit sind, ist davon auszugehen,
dafl das geschilderte Problem vernachlissigbar ist, weil die Teilchen in jedem Stof}
geméfl der momentanen Spektralfunktion populiert werden. Unter der Annahme, daf
der Gewinnterm im Kollisionsintegral die gleiche Gréflenordnung wie der Verlustterm
besitzt, konnen wir diese Bedingung folgendermaflen formulieren:

dr’
r —| /T 6.3
> | %]/ (63)

Fiir den Fall, daf} sich ein Teilchen — wie in der Photoproduktion — in einem statischen
nuklearen Medium mit Dichteprofil p(7) bewegt, konnen wir Gleichung (6.3) umschrei-
ben:

1 > Vp-ép,
A p

(6.4)

wobei €, der Einheitsvektor entlang der Impulsrichtung des Teilchens ist und A seine
freie Weglinge bezeichnet. Fiir ein Teilchen, das in radialer Richtung aus einem Kern
herausliuft, ist die linke Seite von Bedingung (6.4) in der Oberfliche etwa 1/(2 fm).
Die freie Wegléinge eines w-Mesons bei Dichte py betrigt etwa 3 fm, so dafl die Be-
dingung deutlich verletzt ist. Dies heifit nichts anderes, als daf} ein w-Meson wéhrend
seiner Lebensdauer einen groflen Dichtegradienten durchlaufen kann, durch den sich sei-
ne Spektralfunktion deutlich dndert, die spektrale Verteilung in unserer numerischen
Realisierung jedoch wenig modifiziert wird. Da die freie Weglinge von p-Mesonen mit
Massen im Bereich der Polmasse bei Dichte py weniger als 1 fm betrigt, ist die Bedin-
gung erheblich besser erfiillt. Allerdings treten hier die oben geschilderten Probleme
an der Zweipionenschwelle auf, da hier die Vakuumbreite gegen null geht und damit
niedrigmassige p-Mesonen eine deutlich gréflere freie Weglénge haben.

Im folgenden wollen wir ein ,,Rezept® vorstellen, das uns erlaubt, einen divergenz-
freien Beitrag des p-Mesons und einen ,verniinftigen“ Beitrag des w-Mesons unter
Verwendung der In-Medium-Breiten zu erhalten. Zu diesem Zweck fiihren wir ein Off-
Shell-Potential ein, das ein Teilchen auf seine Vakuumspektralfunktion schiebt, wenn es
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Abbildung 6.3: Das ete~-Spektrum aus Zerfillen des p-Mesons fiir yPb bei 1.5 GeV.
Die gestrichelte Linie ergibt sich bei Verwendung des Off-Shell-Potentials aus Glei-
chung (6.5) und Verwendung der Vakuumspektralfunktion fiir die Verteilung der In-
Medium-Massen.

ins Vakuum propagiert. Eine elegantere Formulierung und die Diskussion einer mogli-
chen Ableitbarkeit dieses Potentials findet sich in Kapitel 8.

Wir setzen die Masse u; eines Testteilchens ¢ auf seine ,, Vakuum-Masse“, die bei
der Population unter Verwendung der Vakuumspektralfunktion bestimmt wird. Die
Mediummodifikation der Spektralfunktion absorbieren wir in das skalare Off-Shell-
Potential s;, das wie folgt gegeben ist:

s (1)) = (uped — u>% (6.5)

wobei p¢ die , In-Medium-Masse“ des Testteilchens ist, die in der Produktion mit

Hilfe der In-Medium-Spektralfunktion gewéhlt wird. Damit ist die effektive In-Medium-
Masse 17 gegeben als:

wi (p(Fi(t)) = 1" + si(p(Fi(t)))- (6.6)

Diese Gleichung liefert das korrekte asymptotische Verhalten. Die effektive Masse am
Produktionsort entspricht der , In-Medium-Masse* (uZ(p(%;(ter))) = pi™e?); wihrend
der Propagation dndert sich die effektive Masse linear mit der Dichte, und im Vakuum
ist sie gleich der ,Vakuum-Masse“ (uf(p = 0) = p®). Das Potential s; geht in die
Bewegungsgleichungen als gewohnliches Potential ein (siehe Gleichung (8.17)). Damit
ist garantiert, dafl das beschriebene Vorgehen energieerhaltend ist.

Im Falle breiter Resonanzen kann das Potential aus Gleichung (6.5) sehr grofie Wer-
te annehmen, auch wenn die Mediumkorrekturen klein sind, da die In-Medium- und
die Vakuum-Masse unkorreliert gewahlt werden. Um zu demonstrieren, dafl die sich
hieraus ergebenden artifiziellen Effekte vernachléssigbar sind, haben wir eine Rech-
nung zur Photoproduktion von p-Mesonen durchgefiihrt, in der wir fiir die Bestim-
mung der In-Medium-Masse die Vakuumspektralfunktion verwendet haben. In Abbil-
dung 6.3 vergleichen wir das resultierende Dileptonenspektrum mit dem der Rechnung
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ohne Off-Shell-Potential. Man sieht, dafl beide Rechnungen nur unwesentlich voneinan-
der abweichen, da die Breite der p-Mesonen so grof ist, dafl nur sehr wenige innerhalb
ihrer Lebensdauer einen relevanten Dichtegradienten durchlaufen kénnen. Bei Verwen-
dung der totalen In-Medium-Breite in Gleichung (6.5) anstelle der Dichte lieen sich
Effekte aufgrund einer grofien Vakuumbreite von vornherein ausschliefien (siehe auch
Gleichung (8.16)), da sich dann die effektive In-Medium-Masse nur gemif der Ande-
rung der Breite verdndern wiirde. Es ist jedoch numerisch einfacher, Dichtegradienten
als Breitengradienten zu berechnen, und da wir gesehen haben, dafl unser Verfahren
unproblematisch ist, ist eine solche Modifikation nicht nétig.

In Abbildung 6.2 sind die Resultate der Rechnungen mit Off-Shell-Potential als ge-
strichelte Linien (,propagation to bare mass“) dargestellt. Die Divergenz an der Zwei-
pionenschwelle tritt im Falle des p-Mesons nun nicht mehr auf, wohl aber ein schwach
ausgeprigtes Maximum, das auf die ~3-Abhingigkeit der e*e~-Breite zuriickzufiihren
ist. Fiir invariante Massen oberhalb von 500 MeV ergibt sich ein zur Rechnung ohne
Off-Shell-Potential nahezu identisches Resultat, da — wie bereits gesagt — die Lebens-
dauer der p-Mesonen so kurz ist, dafl die meisten in etwa bei der Dichte zerfallen, bei
der sie gebildet wurden. Die Verbreiterung des w-Peaks wird mit Verwendung des Off-
Shell-Potentials erheblich reduziert, da die im Vakuum zerfallenden w-Mesonen eine
Masse geméf} ihrer Vakuumspektralfunktion annehmen.

In Kapitel 4.4 hatten wir diskutiert, wie die Beschreibung von Schwerionenkollisio-
nen beeinflufit wird, wenn die A-Resonanz nicht explizit propagiert wird. Es ist nun
natiirlich auch moglich, Dileptonenproduktion ohne eine explizite Propagation der Vek-
tormesonen zu berechnen. In-Medium-Modifikationen lassen sich dann einfach durch
eine Modifikation der in die elementaren Wirkungsquerschnitte eingehenden Propaga-
toren beriicksichtigen. Im Falle von YN — Nete™ iiber ein intermediires p’-Meson ist
der massendifferentielle Wirkungsquerschnitt gegeben als:

do—ny%NpO%Ne"‘e— _ do—'yN%NpO Fpoﬂe"‘e— (6 7)
du du Fz%t '

In unendlich ausgedehnter Kernmaterie ergéiben sich in einer Rechnung, in der die
Dileptonenproduktion nach Gleichung (6.7) in den elementaren Kollisionen berech-
net wird, die gleichen Resultate wie in der normalerweise verwendeten Methode iiber
Gleichung (2.130). In endlichen Kernen sind die Resultate verschieden, da die Breite
der Vektormesonen nicht rdumlich konstant ist. In Abbildung 6.2 stellen die punkt-
punkt-gestrichelten Linien (,instantaneous decay“) die Ergebnisse des beschriebenen
Verfahrens dar. Fiir das p-Meson ergibt sich aufgrund seiner kurzen Lebensdauer na-
hezu das gleiche Resultat wie mit Off-Shell-Potential. Fiir das w-Meson erhalten wir
eine Reduktion des Spektrums um ungefihr einen Faktor 3, da wir hier die M6glich-
keit vernachléssigen, dafl ein w-Meson ins Vakuum lduft und dort mit einem erheblich
grofleren Verzweigungsverhiltnis zur Dileptonenproduktion beitrigt als innerhalb des
Kernes. Dies ist allerdings ein wichtiger dynamischer Prozef}, der sich aus der Nicht-
Lokalitit des Prozesses YN — NeTe™ ergibt und in unserem Modell nur durch die
explizite Propagation der intermedifiren Resonanz simuliert werden kann. Allerdings
ist durchaus zweifelhaft, ob unsere semi-klassische Beschreibung bei der Bedeutsam-
keit solcher Prozesse noch adéquat ist, da wir Interferenzterme zwischen Beitrigen von
w-Mesonen, die innerhalb und auflerhalb des Kernes zerfallen, nicht beriicksichtigen
konnen [134].
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Die einfachste Methode, die Divergenz des Beitrags des p-Mesons an der Zweipio-
nenschwelle zu beseitigen, besteht darin, eine minimale Breite fiir den Zweipionenzerfall
zu verwenden. In Abbildung 6.2 ist das Resultat einer Rechnung mit einer minimalen
Breite von 10 MeV dargestellt! (gepunktete Linie). Man sieht, daf§ sich an der Zwei-
pionenschwelle immer noch ein recht grofler Peak ergibt.

Aus den beschriebenen Griinden halten wir die Verwendung des Off-Shell-Potentials
fiir die einzige sinnvolle Moglichkeit, die Stofverbreiterung von Teilchen in einem semi-
klassischen Transportmodell zu beriicksichtigen. Wir sollten hier erwidhnen, dafl die
Rechnungen in Kapitel 4 fiir die A-Resonanzen ohne Off-Shell-Potential durchgefiihrt
wurden. Da jedoch die A-Resonanzen, abgesehen von solchen mit invarianten Massen
nahe an der Schwelle My 4+ m,, dhnlich kurzlebig wie die p-Mesonen sind, ergében sich
mit Off-Shell-Potential die gleichen Resultate fiir die dort betrachteten Observablen, die
sich stets durch eine Integration iiber die Massenverteilung der A-Resonanzen ergaben.

6.2 Photon-Kern-Reaktionen

6.2.1 Hadronische Beitrige

In den Abbildungen 6.4-6.6 sind die berechneten massendifferentiellen e™e~-Spektren
fiir vC-, yCa- und yPb-Reaktionen bei Photonenergien £, = 0.8, 1.5 und 2.2 GeV dar-
gestellt. Diese Rechnungen wurden ohne die Beriicksichtigung der In-Medium-Spek-
tralfunktionen der Vektormesonen durchgefiihrt. Um aus der diskreten Testteilchen-
verteilung iiber Gleichung (2.130) ein kontinuierliches Spektrum zu erhalten, ist die
Verwendung einer endlichen Massenauflésung notwendig. In allen hier présentierten
Rechnungen benutzen wir eine Massenauflésung von AM = 10 MeV, indem wir das
aus den Testteilchenverteilungen gewonnene Spektrum mit einer entsprechenden Gauf-
verteilung falten.

In den Abbildungen 6.4-6.6 sind auch die verschiedenen Beitréige zu den Spektren
dargestellt. Bei kleinen Massen unterhalb von 500 MeV dominieren die Dalitz-Zerfille
die Spektren: 7 — yete™ (punkt-punkt-gestrichelte Linien), n — veTe™ (gepunktete
Linien), A — Ne'e  (punkt-gestrichelte Linien) und w — 7%eTe~ (punkt-punkt-
gestrichelte Linien). Oberhalb von 600 MeV werden die Spektren recht deutlich von
den direkten ete-Zerfillen der Vektormesonen beherrscht: p° — ete™ (gestrichelte
Linien), w — ete™ (punkt-punkt-gestrichelte Linien), ¢ — eTe™ (gestrichelte Linien).

Wie oben bereits angesprochen, werden in unseren Rechnungen nur p-Mesonen mit
Massen oberhalb der Zweipionenmasse beriicksichtigt. Deshalb ergibt sich in den Spek-
tren an der Zweipionenschwelle eine Unstetigkeit, die allerdings aufgrund der anderen
Beitrige und der Massenauflosung kaum zu sehen ist.

6.2.2 Coulombkorrekturen

Das Coulomb-Potential in einem schweren Kern wie 2%Pb betrigt etwa 20 MeV. Daher
sind Coulomb-Korrekturen auf die e™e -Spektren nicht von vornherein auszuschlieflen.
In Abbildung 6.7 vergleichen wir das Resultat einer Rechnung fiir yPb bei 1.5 GeV

!Die minimale Breite bezieht sich natiirlich nur auf p-Mesonen, deren Zerfall in zwei Pionen kine-
matisch erlaubt ist, die also eine Masse oberhalb von 2m, besitzen.
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Abbildung 6.4: Invariantes e™e -Massenspektrum fiir yC-Reaktionen bei Photonener-
gien von 0.8 GeV (oberer Teil), 1.5 GeV (mittlerer Teil) und 2.2 GeV (unterer Teil)
bei Beriicksichtigung einer Massenauflosung AM = 10 MeV. Die verschiedenen Li-
nien geben die Beitrige der verschiedenen hadronischen Quellen an; Dalitz-Zerfille
1 — ~ete  (punkt-punkt-gestrichelte Linien), n — ~yeTe~ (gepunktete Linien),
A — Nete™ (punkt-gestrichelte Linien), w — m’e*e” (punkt-punkt-gestrichelte Li-
nien); direkte Zerfille der Vektormesonen p” — eTe~ (gestrichelte Linien), w — ete~

(punkt-punkt-gestrichelte Linien), ¢ — e*e™ (gestrichelte Linien).

unter Beriicksichtigung der Coulomb-Wechselwirkung in der Propagtion der Leptonen
mit der vorherigen Rechnung, die ohne Coulomb-Wechselwirkung durchgefiihrt wurde.
Man sieht, dal beide Spektren sehr gut {ibereinstimmen. Daher ist die Vernachlissigung
der Coulomb-Wechselwirkung gerechtfertigt.
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Abbildung 6.5: Invariantes e*e -Massenspektrum fiir yCa-Reaktionen bei Photonener-
gien von 0.8 GeV (oberer Teil), 1.5 GeV (mittlerer Teil) und 2.2 GeV (unterer Teil) bei
Beriicksichtigung einer Massenauflosung AM = 10 MeV. Die Bedeutung der Linien
entspricht der in Abbildung 6.4.

6.2.3 Der Bethe-Heitler-Prozef3

Neben den bereits diskutierten ,hadronischen“ Beitrédgen miissen wir auch die Beitrige
des sogenannten Bethe-Heitler-Prozesses zur Dileptonenproduktion beriicksichtigen. In
Abbildung 6.8 sind die Feynman-Diagramme des Bethe-Heitler-Prozesses dargestellt,
die in niedrigster Ordnung der elektromagnetischen Kopplungskonstanten o beitragen.
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Abbildung 6.6: Invariantes ete -Massenspektrum fiir yPb-Reaktionen bei Photonener-
gien von 0.8 GeV (oberer Teil), 1.5 GeV (mittlerer Teil) und 2.2 GeV (unterer Teil) bei
Beriicksichtigung einer Massenauflosung AM = 10 MeV. Die Bedeutung der Linien
entspricht der in Abbildung 6.4.

An einem freien Nukleon ist der Wirkungsquerschnitt gegeben als [135]:

8a® My dpdip, 1
@2m)24(k-p) £ Ey ¢*

dO' = (_L”VWuu)a (68)

wobei der Viererimpuls des einlaufenden Photons mit k, der des einlaufenden Nukle-
ons mit p;, der des auslaufenden Elektrons mit p, der des auslaufenden Positrons mit
p+ und der des auslaufenden hadronischen Zustandes mit p; bezeichnet wurde. Der
Viererimpuls des ausgetauschten Photons ist ¢ = py — p;. Der hadronische Tensor W,
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Abbildung 6.7: Einflul der Coulomb-Wechselwirkung auf das e*e~-Massenspektrum
fiir yPb bei 1.5 GeV.

148t sich in allgemeiner Form schreiben als:

1 s (q - p; 5
mit den Formfaktoren W; und W,. Der leptonische Tensor L,, ergibt sich unmittel-
bar aus der QED durch Anwendung elementarer Feynman-Regeln. Aus Platzgriinden
verzichten wir darauf, ihn hier explizit anzugeben, und verweisen auf [135]. Die Form-
faktoren Wy und W; sind aus der Elektronenstreuung bekannt. Fiir unsere Rechnungen
ist nur der elastische Beitrag der Formfaktoren von Bedeutung, fiir den wir die Para-

metrisierung aus [135] iibernehmen (t = —¢?):
W, (1+2.79°7)/(1 + 1)
Wi, | 2Myd(p; —p}) 2.79%r (6.10)
WQ,n (]. + m)4 ].9].27'/(]_ —|—T) )
Wl,n 1.9127'

mit 7 = t/(4M%). Unter Verwendung von
d*p d’p, d*py

d*p d’p,
-z — 5@ —k—p)—=
°F 2E, (p+ps +ps P)3EoE, 2E;’

p Py Pf Py p Ps
q q
k P; k Pi

Abbildung 6.8: Feynman-Diagramme des Bethe-Heitler-Prozesses.

(p7 — )
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und von Gleichung (2.55) erhalten wir aus Gleichung (6.8) einen massendifferentiellen
Wirkungsquerschnitt:

do 043 MN 1 ~
— = [ dQdVy - (—L"W )P =D 6.11
dMeJref 2 4(]€ pz)\/g/ f ete t2( iz )pe+e by ( )
wobei €2y den Streuwinkel des auslaufenden Nukleons im Schwerpunktsystem der Re-
aktion und p; den Betrag seines Impulses in diesem System bezeichnet. 2%, _ ist der
Streuwinkel des Elektrons im Ruhesystem des Dileptons und p%, _ sein zugehdriger
Impuls. AuBlerdem haben wir

. W
W, = —""
6 - pd)

eingefiihrt.

In Abbildung 6.9 stellen die gestrichelten Linien den elementaren massendifferen-
tiellen Wirkungsquerschnitt aus Gleichung (6.11) summiert iiber die Protonen und
Neutronen in 2°Pb fiir Photonenergien von 0.8, 1.5 und 2.2 GeV dar. Zum Vergleich
sind auch die hadronischen Beitrége aus Abbildung 6.6 eingezeichnet. Man sieht, daf§
der Bethe-Heitler-Beitrag fiir invariante Massen unterhalb von 500 MeV um ein bis
zwei Groflenordnungen iiber dem hadronischen Spektrum liegt. Im Massenbereich der
Vektormesonen sind beide Beitridge von der gleichen Gréflenordnung.

Die Beriicksichtigung von Fermi-Verschmierung und Pauli-Blocking fiir das auslau-
fende Nukleon (gepunktete Linien in Abbildung 6.9) im Rahmen eines Fermi-Gas-
Modells fiir die Nukleonen fiihrt zu einer deutlichen Reduktion des Bethe-Heitler-
Beitrages bei kleinen invarianten Massen, jedoch nur zu einer geringen Modifikation
des Spektrums bei Massen um 700 MeV. Aus Griinden der numerischen Einfachheit
wurden diese Rechnungen mit einer konstanten Dichte p, durchgefiihrt.

In unseren Rechnungen beriicksichtigen wir nur die inkoh&renten Bethe-Heitler-
Beitrdge an einzelnen Nukleonen und vernachldssigen den Beitrag, der sich ergibt,
wenn das intermedifire Photon an die Ladung des gesamten Kernes koppelt. Aufgrund
der Z2-Abhingigkeit dieses kohiirenten Beitrages ist zwar zu erwarten, daf§ er alle in-
tegrierten Wirkungsquerschnitte dominiert, er kann aber iiber sogenannte , Missing
Mass“-Schnitte experimentell leicht unterdriickt werden. Nach der Detektion der Di-
leptonen ist die invariante Masse M des hadronischen Zustandes unmittelbar gegeben
iiber:

M= (k4 Pi—p—py) (6.12)

wobei P; der Viererimpuls des einlaufenden Kernes ist. Wenn das Photon an die gesamte
Ladung des Kernes koppelt, ist der auslaufende hadronische Zustand durch den Kern im
Grundzustand oder in einem seiner ersten angeregten Zustédnde gegeben. Die invariante
Masse My betrdgt dann M; oder liegt einige MeV dariiber.

In Abbildung 6.10 zeigen wir das Missing-Mass-Spektrum, das sich aus dem hier be-
trachteten inkohérenten Bethe-Heitler-Prozess bei einer Photonenergie von 1.5 GeV in
208P fiir Dileptonmassen von 500 MeV und 770 MeV ergibt. Dargestellt ist jeweils der
elementare Wirkungsquerschnitt (gepunktete Linien, summiert iiber die Protonen und
Neutronen in 2%Pb), der Wirkungsquerschnitt, der sich mit der Fermibewegung der
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Abbildung 6.9: Invariantes e*e -Massenspektrum fiir yPb-Reaktionen bei Photonener-
gien von 0.8 GeV (oberer Teil), 1.5 GeV (mittlerer Teil) und 2.2 GeV (unterer Teil).
Die durchgezogenen Linien sind die ,hadronischen“ Spektren wie in Abbildung 6.6.
Die gestrichelten Linien sind die Bethe-Heitler-Beitréige als Summe der inkohdrenten
Beitréage der einzelnen Nukleonen. Die gepunkteten Linien ergeben sich unter Beriick-
sichtigung von Fermi-Verschmierung und Pauli-Blocking. Die strich-gepunkteten Linien
resultieren bei einer zusitzlichen Anwendung des Schnittes: k - p, k- p. > 0.01 GeVZ.

Nukleonen ergibt (gestrichelte Linien), und das Endresultat unter zusétzlicher Beriick-
sichtigung von Pauli-Blocking (durchgezogene Linien). Man sieht, dafl die Missing-
Mass-Spektren bis zu My — M; = 0 hinunterreichen. Wir sollten auflerdem anmerken,
daf} das hier verwendete Fermi-Gas-Modell fiir kleine My — M; nicht sinnvollerweise an-
gewendet werden sollte, da hier Schaleneffekte eine Rolle spielen. Durch einen Schnitt
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Abbildung 6.10: Missing-Mass-Spektrum des inkohérenten Bethe-Heitler-Prozesses in
28Ph bei einer Photonenergie von 1.5 GeV fiir Dileptonmassen von 500 MeV (obere
Abbildung) und 770 MeV (untere Abbildung). Siehe Text fiir eine detaillierte Erklirung
der Linien.

bei, zum Beispiel, 25 MeV 143t sich der kohérente Beitrag leicht abtrennen, und das
Fermi-Gas-Modell sollte dann fiir den inkohirenten Beitrag anwendbar sein.

In Abbildung 6.11 sind die aus den hadronischen Beitrigen resultierenden Missing-
Mass-Spektren dargestellt. Man sieht, dafl ein Schnitt bei 25 MeV die integrale Stéirke
nahezu nicht beeinflufit.

Um den Bethe-Heitler-Beitrag zu unterdriicken, ist es sinnvoll, einen Schnitt
k-p>cANk-p.>c
einzufithren. Dieser Schnitt ist motiviert aus der Tatsache, dafl der Bethe-Heitler-

Wirkungsquerschnitt dann grof ist, wenn das intermedidre Elektron nahezu on-shell
ist. Im Falle des Prozesses, bei dem das einlaufende Photon direkt an das auslaufende
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Abbildung 6.11: Missing-Mass-Spektren der hadronischen Beitrige zur e'e™-
Produktion in 2®8Pb bei einer Photonenergie von 1.5 GeV.

Elektron koppelt, ist der Nenner des Propagators gegeben als:
1 -1

(k—p)2—m2 2k-p’

Fiir den Austauschgraphen ergibt sich der gleiche Ausdruck mit p, anstelle von p. Der
Schnittparameter c sollte so gewihlt werden, dafl zum einen der Bethe-Heitler-Beitrag
deutlich reduziert wird, zum anderen aber die hadronischen Beitrige moglichst wenig
beeinfluffit werden. In Abbildung 6.12 zeigen wir die relative Reduktion des Bethe-
Heitler-Beitrages und des Beitrages des p’-Mesons zum Dileptonenspektrum an einem
freien Proton bei einer invarianten Masse von 0.77 GeV als Funktion des Schnittpara-
meters c¢. Man sieht, dafl der Bethe-Heitler-Beitrag bereits fiir sehr kleine ¢ sehr stark
unterdriickt wird, withrend der p°-Beitrag linear mit dem Schnittparameter abfillt. Wir
wihlen fiir den Schnittparameter den Wert ¢ = 0.01 GeV?, da hier der Bethe-Heitler-
Beitrag bereits auf 20% reduziert wird und der p°-Beitrag nur um 5% abgesenkt wird.
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Abbildung 6.12: Einflul des Schnittparameters ¢ auf die Beitrige des Bethe-Heitler-
Prozesses (durchgezogene Linie) und des p’-Mesons (gestrichelte Linie) zum ete™-
Spektrum bei M = 0.77 GeV.

Gegeniiber einem Schnitt auf die Winkel der Leptonen hat der hier vorgeschlagene
Schnitt den Vorteil, dafl sein Einflufl unabhéngig vom Impuls des einlaufenden Nukle-
ons ist.

In Abbildung 6.9 zeigen die strich-gepunkteten Linien den inkohdrenten Bethe-
Heitler-Beitrag mit Fermiverschmierung und Pauli-Blocking nach Anwendung des dis-
kutierten Schnittes. Bei einer Photonenergie von 800 MeV ist nun der Bethe-Heitler-
Beitrag etwa genauso grofl wie der hadronische Beitrag. Bei Photonenergien von 1.5
und 2.2 GeV liegt der hadronische Beitrag im Bereich der Polmassen des p- und w-
Mesons ungefiahr eine Gréflenordnung tiber dem Bethe-Heitler-Beitrag. Bei einer Masse
von 500 MeV sind beide Beitrige etwa gleich grof3.

In unseren Rechnungen konnen wir keine Interferenzen zwischen dem Bethe-Heitler-
und dem hadronischen Beitrag beriicksichtigen. Die Amplitude des Bethe-Heitler-Pro-
zesses ist antisymmetrisch unter Austausch der Impulse des Elektrons und des Po-
sitrons. Die Amplituden der hadronischen Prozesse sind demgegeniiber symmetrisch,
da hier das Dilepton stets direkt an ein virtuelles Photon koppelt. Daher verschwin-
det der Interferenzterm fiir alle inklusiven Wirkungsquerschnitte, die zu jedem ete™ -
Paar das Paar mit ausgetauschten Impulsen enthalten. Fiir die massendifferentiellen
Wirkungsquerschnitte in Abbildung 6.9 ist dies natiirlich der Fall. Der Bethe-Heitler-
Beitrag kann dann im Rahmen des oben besprochenen Fermi-Gas-Modells subtrahiert
werden. Aus diesem Grunde beschrinken wir uns im folgenden nur auf die Diskussion
der hadronischen Beitrége.
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Abbildung 6.13: Einflu} von Mediummodifikationen des w-Mesons auf das ete™-
Spektrum fiir vPb bei 1.5 GeV.

6.2.4 FEinflufl von Mediummodifikationen

Die in [8, 9] vorhergesagte Massenverschiebung der Vektormesonen p und w modellieren
wir durch Einfiihrung eines skalaren Potentials Sy (7):

Sy (7) = —am%%, (6.13)

mit a = 0.18. Die effektive Masse p* ist dann gegeben als:
w = p+ Sy. (6.14)

Die effektive Polmasse i ist somit

wy = <1 - aﬂ) my..

Po

Dem Potential aus Gleichung (6.13) wird in YN — VN und YN — VxN durch die
korrekte Berechnung des Phasenraumfaktors aus Gleichung (3.50) Rechnung getragen.
Die Np-Breiten der Resonanzen werden, wie im Falle der Stoflverbreiterung, nicht
modifiziert. Beim Zerfall einer Resonanz in den N p-Kanal wird aber Energieerhaltung
sichergestellt (siehe Kapitel 3.4.3).

In Abbildung 6.13 zeigen wir den Beitrag des w-Mesons zum e’e”-Spektrum in
vPb bei einer Photonenergie von 1.5 GeV. Die Verwendung des Potentials aus Glei-
chung (6.13) fiihrt zu einer Zweipeak-Struktur (strich-gepunktete Linie). Die innerhalb
des Kernes zerfallenden w-Mesonen erzeugen den Peak bei kleinerer invarianter Masse,
wihrend die auflerhalb zerfallenden bei der Vakuummasse zum Spektrum beitragen.
Eine zusitzliche Beriicksichtigung der Stofiverbreiterung (gestrichelte Linie) fiihrt zu
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Abbildung 6.14: Einflul von Mediummodifikationen der Vektormesonen auf das ete™ -
Spektrum fiir yPb bei 1.5 GeV (obere Abbildung) und 2.2 GeV (untere Abbildung).

einer deutlichen Ausschmierung des In-Medium-Peaks und einer Reduktion seiner Hohe
um fast einen Faktor 2. Die Hohe des Vakuum-Peaks wird kaum durch die Massen-
verschiebung beeinfluflt. Auf der einen Seite wird der Vakuumpeak dadurch reduziert,
dafl w-Mesonen bei kleineren Massen zum Spektrum beitragen. Auf der anderen Seite
wird durch das attraktive Potential aber die gesamte w-Produktion aufgrund des grofie-
ren Phasenraums erhoht. In unserer Rechnung kompensieren sich gerade diese beiden
Effekte fiir Massen im Bereich der Vakuum-Polmasse.

In Abbildung 6.14 (oberer Teil) ist das totale e*e~-Spektrum der gleichen Reaktion
dargestellt. Eine Massenverschiebung der Vektormesonen (gestrichelte Linie) fiihrt zu
einem zweiten Peak bei invarianten Massen von etwa 650 MeV. Das Spektrum liegt



6.2. Photon-Kern-Reaktionen 161

E=15 GeV, p,,,<300 MeV, AM=10 MeV

mass shift of vector mesons mass shift + coll. broadening
1.0x10°
8.0x10%
% 6.0x10°
o .OX
1%
o
=
S 4.0x10°F
3
S} .
© -3
2.0x10°-.
4.0x10°
yzDBPb
3.0x107F
S
[
Q)
8 2.0x07
g2
=
o
5] [ PN
T 1.0x10 I N .
7 . 4o ~N — w-ee
w-me’e_ .~ p'-e e S~._-- \
) bz AN
0.0 ke = . P
0.9 0.6 0.7 0.8 0.9
M [GeV] M [GeV]

Abbildung 6.15: Vergleich der Effekte der Mediummodifikationen der Vektormesonen
auf ete-Produktion in 2C und *®Pb bei einer Photonenergie von 1.5 GeV. Hier
wurden nur Dileptonen mit einem Gesamtimpuls p.+.- < 300 MeV beriicksichtigt.

hier um etwa einen Faktor 3 iiber der Rechnung ohne Mediummodifikationen. Der Peak
bei 780 MeV é&ndert sich fast nicht, da er von w-Mesonen, die auflerhalb des Kernes
zerfallen, dominiert wird.

Bei einer Mitnahme der Stofverbreiterung (gepunktete Linie) wird der In-Medium-
Peak vollstindig ausgewaschen. Das Spektrum ist jedoch gegeniiber der Rechnung oh-
ne Mediummodifikationen im Massenbereich zwischen 300 und 650 MeV um ungeféhr
einen Faktor 2 erhoht. An der Zweipionenschwelle ist in dieser Rechnung eine Unstetig-
keit aufgrund unserer Vernachlissigung von p-Mesonen mit kleineren Massen sichtbar.

Im unteren Teil von Abbildung 6.14 présentieren wir den Einflul der Massenver-
schiebung fiir eine Photonenergie von 2.2 GeV. Der Effekt ist dem bei 1.5 GeV qualita-
tiv sehr dhnlich. Fiir diese Photonenergie kénnen wir keine Rechnung mit Stofiverbrei-
terung durchfiihren, da ein Grofiteil der Vektormesonen im Rahmen des Stringmodells
produziert wird und die Beriicksichtigung einer impulsabhéngigen Spektralfunktion in
diesem Modell derzeit nicht verfiighar ist.

Um den Beitrag von w-Mesonen, die auflerhalb des Kernes zerfallen, zu unter-
driicken, ist es sinnvoll, einen Schnitt auf kleine Impulse des Dileptons zu setzen. In
Abbildung 6.15 vergleichen wir die Spektren fiir '?C und 2%Pb, die sich fiir Dilepton-
impulse kleiner als 300 MeV ergeben. Fiir beide Kerne ist jeweils die Rechnung mit
Massenverschiebung der Vektormesonen (linke Seite) sowie die mit Massenverschiebung
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und StoBverbreiterung (rechte Seite) dargestellt. In der Rechnung ohne Stoflverbreite-
rung sieht man in '?C einen deutlichen Vakuumpeak, da dieser Kern so klein ist, daf3
auch mit Schnitt auf kleine Impulse die meisten w-Mesonen im Vakuum zerfallen. In
208Ph verschwindet demgegeniiber der Vakuumpeak nahezu vollstéindig, und es ergibt
sich ein deutlicher In-Medium-Peak bei 650 MeV. Die Stofverbreiterung fiihrt zu einer
deutlichen Ausschmierung des In-Medium-Peaks.

In photonuklearen Reaktionen werden die Vektormesonen mit groflen Impulsen re-
lativ zum nuklearen Medium produziert. Im Rahmen eines Resonanz-Loch-Modells fiir
die Selbstenergie des p-Mesons im nuklearen Medium wurde in [136] gezeigt, daf§ der
Realteil der In-Medium-Selbstenergie mit dem Impuls ansteigt und fiir einen Impuls
von etwa 1 GeV verschwindet. Um die observablen Konsequenzen eines solchen Ver-
haltens zu studieren, fiihren wir das folgende impulsabhéngige skalare Potential S{**™
ein:

Smom (i 5y = Sy (7) <1 - - gﬂev> . (6.15)

In Abbildung 6.14 stellen die punkt-punkt-gestrichelten Linien die Resultate der Rech-
nungen mit diesem Potential dar. Man sieht, dafl diese Rechnungen fast keine Ab-
weichungen von der Rechnung ohne Mediummodifikationen aufweisen, da fiir die hier
betrachteten Photonenergien die Vektormesonen hauptséichlich mit Impulsen um 1 GeV
produziert werden, fiir die das Potential verschwindet.

6.3 Pion-Kern-Reaktionen

6.3.1 Vergleich mit vorangegangenen Rechnungen

In Abbildung 6.16 zeigen wir die Dileptonenspektren aus 7~ C- und 7~ Pb-Reaktionen
bei einer kinetischen Energie des Pions von 1.3 GeV. Diese Rechnungen wurden ohne
Massenverschiebung oder Stofiverbreiterung durchgefiihrt. Verglichen mit den voran-
gegangenen Rechnungen in [113, 137], die aufbauend auf einem Vorldufer [36] des hier
verwendeten Transportmodells durchgefithrt wurden, aber auch denen in [71] liegen
unsere Wirkungsquerschnitte sowohl fiir den schweren, wie auch den leichten Kern im
Bereich intermediirer invarianter Massen um bis zu eine Groflenordnung héher. Die
Beitrige des p-Mesons und der A-Resonanz unterscheiden sich erheblich in Gréfle und
Form von den fritheren Rechnungen. Der Beitrag des p-Mesons ist zu kleineren Energien
verschoben und wesentlich breiter. Hierfiir gibt es im wesentlichen drei Griinde:

e In [113, 71] wurde die eTe -Breite gemifi Gleichung (2.136) berechnet. In Ka-
pitel 2.7.1 haben wir dargelegt, dafl die Verwendung einer solchen Breite ohne
die Beriicksichtigung einer direkten Kopplung des Photons unzureichend ist. Fiir
eine invariante Masse von 500 MeV wird damit der p-Beitrag um einen Faktor
5.6 reduziert.

e In unseren neuen Rechnungen sind Resonanzen, insbesondere das D35(1930) und
das F37(1950), enthalten, die mit einem groflen Verzweigungsverhiltnis in den
Ap-Kanal zerfallen. Diese Zerfille geben hauptséichlich p-Mesonen mit kleinen
invarianten Massen und erhohen den Beitrag der A-Resonanz.
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Abbildung 6.16: Das e*e™ invariante Massenspektrum fiir 7~ C (obere Abbildung) und
7~ Pb (untere Abbildung) bei einer kinetischen Pionenenergie Fy;, = 1.3 GeV.

e In [113, 71] wurden p-Mesonen nur mit der Polmasse in der dynamischen Rech-
nung beriicksichtigt. Der endlichen Breite wurde nur zur Erzeugung des Dilepto-
nenspektrums durch die Faltung des Spektrums mit der Spektralfunktion Rech-
nung getragen. Die Phasenraumfaktoren in der Population, die zu einer Ver-
schiebung der Massenverteilung zu kleineren invarianten Massen fiihren, wur-
den dadurch vernachlissigt. Auflerdem waren keine Beitridge zur p-Produktion in
Stofen sekundérer Pionen mit Nukleonen bei invarianten Energien unterhalb von
My +m9 moglich. In unseren Rechnungen triigt hier insbesondere die D;3(1520)-

p
Resonanz nicht unwesentlich bei.

6.3.2 Theoretische Unsicherheiten

Die Unterschiede unserer Rechnungen zu den vorangegangenen sind zu einem groflen
Teil bereits auf die unterschiedliche Beschreibung des elementaren 7N — ete N-
Prozesses zuriickzufiihren. Zu dieser Reaktion gibt es bislang weder experimentelle Da-
ten, noch zuverlissige theoretischen Rechnungen. Deshalb zeigen wir in Abbildung 6.17
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Abbildung 6.17: Das eTe™ invariante Massenspektrum fiir 7~ p (obere Abbildung) und
7~ n (untere Abbildung) bei einer kinetischen Pionenenergie Ej;, = 1.3 GeV.

die aus unserem Modell resultierenden ete~-Spektren fiir 7~ p- und 7~ n-Reaktionen.
Diese Spektren stellen gewissermaflen den ,Input® unserer Rechnungen dar, da wir
nicht davon ausgehen kénnen, dafl das der Berechnung dieser Spektren zugrundeliegen-
de einfache Modell eine korrekte Beschreibung der Realitét liefert. Wie in Kapitel 2.7
beschrieben, beriicksichtigen wir die direkten ete -Zerfille der Vektormesonen sowie
die Dalitz-Zerfille von A(1232), w, n und 7°. Man sieht, daf§ der Beitrag des p-Mesons
am Neutron sehr viel gréfler als der am Proton ist. Aufgrund von Isospin kann am
Neutron nur der Kanal Ap beitragen, wiahrend am Proton der Kanal Np dominant
ist. Der Wirkungsquerschnitt fiir den Proze 7—n — A~ p° iiber eine intermediire A*-
Resonanz ist, bedingt durch die Isospinkoeffizienten, um einen Faktor 45 grofier als der
fiir 7=p — A0, Da die totale invariante Energie bei der hier betrachteten Pionener-
gie von 1.3 GeV nur /s = 1.9 GeV betriigt, ergibt sich aus dem Zusammenspiel der
Spektralfunktionen von p-Meson und A-Resonanz sowie Phasenraum und e e™-Breite
der in Abbildung 6.17 zu sehende sehr flache p-Beitrag in 7 n. An der Zweipionen-
schwelle ist am Neutron eine deutliche Unstetigkeit zu erkennen, die durch die bereits
oben angesprochene Vernachlissigung von p-Mesonen mit kleineren Massen verursacht
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Abbildung 6.18: Der Wirkungsquerschnitt zu 7*p — prt7t7~ aus intermediéiren Ba-
ryonenresonanzen und Ap-Zerfillen. Die experimentellen Daten stammen aus [67].

wird.

Es ist allerdings zweifelhaft, ob die Grofle des Ap-Zerfalls der Resonanzen realistisch
ist. In Kapitel 2.4.3 hatten wir dargelegt, daf} in der Analyse [57], aus der wir die Reso-
nanzparameter iibernommen haben, der Ap-Kanal nicht an experimentelle Daten ange-
paflt wurde, sondern lediglich dazu diente, die in den anderen Kanélen fehlende Inelasti-
zitdt zu absorbieren. In Abbildung 6.18 vergleichen wir den aus dem hier verwendeten
Resonanzmodell resultierenden Wirkungsquerschnitt zu 77p — prtat7~ mit experi-
mentellen Daten. Die Berechnung des Wirkungsquerschnittes erfolgte als inkohéren-
te Summe von Breit-Wigner-Beitrigen (Gleichung (2.52)) iiber den Ap-Zerfallskanal:
7tp — A* Tt — At+p0 Es ergibt sich ein Wirkungsquerschnitt, der ein ausgepriigtes
Maximum bei einem Pionimpuls von 1.5 GeV aufweist. Die experimentellen Daten
zeigen jedoch einen eher flachen Verlauf. Im Peak-Bereich liegen sie etwa einen Fak-
tor 2 unter dem berechneten Wirkungsquerschnitt. Aus diesem Grunde haben wir zu
Testzwecken den Ap-Kanal durch einen Ao-Kanal ersetzt. In Abbildung 6.19 stellt die
gepunktete Linie das Ergebnis dieser Rechnung fiir das etet-Spektrum in einer 7~ Pb-
Reaktion dar. Gegeniiber der vorherigen Rechnung (durchgezogene Linie) ergibt sich
eine Reduktion des Spektrums bei intermediiren Massen um etwa einen Faktor 3.

In Abbildung 6.19 wird auch das Ergebnis einer Rechnung mit einer e*e -Breite des
p-Mesons proportional zu M anstelle des konsistenteren M=% gezeigt. Dies reduziert
das totale Spektrum fiir Massen um 500 MeV um ungefihr einen Faktor 2.

Neben den besprochenen Unsicherheiten ist es auch fraglich, ob die Vernachlassi-
gung von Interferenztermen zwischen den verschiedenen zum Spektrum beitragenden
Quellen gerechtfertigt ist. Dariiberhinaus beriicksichtigen wir bislang nur Zweistufen-
prozesse fiir die Dileptonenproduktion. Ein relevanter Beitrag zur Dileptonenprodukti-
on konnte auch aus der sogenannten 7 N-Bremsstrahlung kommen. Hier tragen Prozesse
bei, in denen das Dilepton direkt an das einlaufende Pion koppelt.

In Kapitel 5 sind wir bereits ausfiihrlich auf Mediummodifikationen der D;3(1520)-
Resonanz eingegangen. In Pion-Kern-Reaktionen trégt diese Resonanz sowohl zur Pro-
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Abbildung 6.19: Einflufl von Modellunsicherheiten auf das ete~™-Spektrum in 7~ Pb.

duktion von p-Mesonen mit kleinen Massen als auch zu deren Absorption bei. Ungefahr
30% der zum Dileptonenspektrum beitragenden p-Mesonen stammen aus Zerfillen der
Di3-Resonanz. In Abbildung 6.19 zeigt die strich-gepunktete Linie das Resultat einer
Rechnung, in der wir die D;3-Resonanz nicht beriicksichtigt haben. Es ergibt sich eine
geringfiigige Erhohung des Spektrums, da in der Rechnung unter Einschluf3 der D;3-
Resonanz die Absorption der p-Mesonen iiber diese Resonanz die Produktion leicht
iibersteigt.

6.3.3 Einflul von Mediummodifikationen

In Abbildung 6.20 vergleichen wir die Dileptonenspektren, die sich mit den in Kapi-
tel 6.2.4 vorgestellten Szenarien fiir Mediummodifikationen der Vektormesonen erge-
ben. Die gestrichelte Linie resultiert aus einer Anwendung des attraktiven Potentials
aus Gleichung (6.13). Der Vakuumpeak des w-Mesons bei etwa 780 MeV wird um un-
gefdhr einen Faktor 2 reduziert. Fiir Massen um 600 MeV ergibt sich — verglichen mit
der photoninduzierten Reaktion (siehe Abbildung 6.14) — nur eine leichte Erhohung.
Der Grund hierfiir ist, dafl wir bereits ohne Mediummodifikationen einen recht flachen
Beitrag des p-Mesons erhalten. Uberdies vernachlissigen wir Mediummodifikationen
der Np-Breiten der Nukleonenresonanzen, so daf3 sich, im Gegensatz zu der photonin-
duzierten Reaktion, keine Erhéhung der priméren Produktion ergibt.

Die zusitzliche Beriicksichtigung der Stofiverbreiterung der Vektormesonen (ge-
punktete Linie) schmiert den ohnehin nicht sehr ausgeprigten In-Medium-Peak voll-
stdndig aus und fiihrt zu einer Verschiebung des Spektrums zu kleineren invarianten
Massen.

Bei einer Verwendung des impulsabhéngigen Potentials aus Gleichung (6.15) er-
halten wir die strich-gepunktete Linie. Ahnlich wie im Falle der photoninduzierten
Reaktion ergibt sich ein Resultat, das nicht sehr stark von der Rechnung ohne Me-
diummodifikationen abweicht, da in Pion-Nukleon-St68en aufgrund der kleinen Masse
des Pions Vektormesonen mit recht groflen Impulsen produziert werden.

Um eine bessere Unterscheidung zwischen den besprochenen Szenarien zu ermogli-
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Abbildung 6.20: Effekte von Mediummodifikationen der Vektormesonen auf das e*e™-
Spektrum in 7~ Pb.

chen, ist es hilfreich, die e"e -Spektren fiir verschiedene Impulse des Dileptonenpaares
zu betrachten. In Abbildung 6.21 présentieren wir unsere Resultate fiir vier verschiede-
ne Impulsbereiche. Bei kleinen Impulsen (p < 300 MeV) fiihrt die Massenverschiebung
zu einem vollstéindigen Verschwinden des Vakuumpeaks bei 780 MeV, da ein Grofiteil
der w-Mesonen mit kleinen Impulsen innerhalb des Kernes zerfillt. Mit zunehmen-
dem Impuls vergroflert sich der Anteil der w-Mesonen, die im Vakuum zerfallen, und
der Vakuum-Peak tritt stdrker hervor. Die Rechnung mit impulsabhéngigem Potential
ergibt, wie zu erwarten, fiir kleine Impulse ein Ergebnis, das der Rechnung mit impul-
sunabhingigem Potential sehr nahe kommt. Mit grofler werdendem Impuls néhert sich
diese Rechnung derjenigen ohne Mediummodifikationen immer mehr an und stimmt
fiir Impulse oberhalb von 1 GeV fast vollstdndig mit ihr {iberein.

In unseren Rechnungen nehmen wir eine isotrope Produktion der Vektormesonen
im Schwerpunktsystem in Pion-Nukleon-St68en an, da es nur experimentelle Daten
zur Winkelverteilung fiir hohere Pionenergien gibt. Die in Abbildung 6.21 gezeigten
Spektren hingen sehr stark von der Winkelverteilung ab, da verschiedene Streuwin-
kel im Schwerpunktsystem des Pion-Nukleon-Systems zu verschiedenen Impulsen im
Laborsystem korrespondieren. Die Vektormesonen mit kleinen Laborimpulsen werden
in Reaktionen mit groflem Streuwinkel relativ zum einlaufenden Pion, also hohem Im-
pulsiibertrag, erzeugt. Die verfiigbaren winkeldifferentiellen experimentellen Daten zu
7N — Nw [138, 139, 140] zeigen bei Pionenimpulsen von einigen GeV den zu erwar-
tenden exponentiellen Abfall des Wirkungquerschnittes mit dem Impulsiibertrag. Eine
Extrapolation dieser Winkelverteilungen zu kleineren Energien ist jedoch schwierig,
da hier die mogliche Anregung von Nukleonenresonanzen zu einer flachereren Win-
kelverteilung fithren kann. So sieht man in den experimentellen Daten zu vp — pw
[89] bei Photonenergien von 1.5 GeV eine deutliche Erhéhung des Wirkungsquer-
schnittes bei groflen Impulsiibertrigen gegeniiber einem exponentiellen Abfall. Eine
stark vorwértsgerichtete Winkelverteilung der Produktion der Vektormesonen in Pion-
Nukleon-Kollisionen fiihrte in unseren Rechnungen zu einer deutlichen Reduktion des
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Abbildung 6.21: Einfluf von Mediummodifikationen der Vektormesonen auf das e™e™-
Spektrum in 7~ Pb fiir verschiedene Laborimpulse des Dileptonenpaares.

in Abbildung 6.21 gezeigten Spektrums bei kleinen Laborimpulsen. Der qualitative
Effekt der Mediummodifikationen bliebe jedoch unveréndert.

In Abbildung 6.22 vergleichen wir — wie in Abbildung 6.15 fiir die photoninduzierte
Reaktion — die Spektren fiir '2C und 2%®Pb, die sich fiir Dileptonimpulse kleiner als
300 MeV ergeben. Fiir beide Kerne ist jeweils die Rechnung mit Massenverschiebung
der Vektormesonen (linke Seite) sowie die mit Massenverschiebung und Stofiverbreite-
rung (rechte Seite) dargestellt. Diese Spektren sind denen in der Photon-Kern-Reaktion
sehr dhnlich. ITn 2%Pb ergibt sich ein wesentlich stirkerer Effekt der Massenverschie-
bung als in '2C. Die zusitzliche Beriicksichtigung der Stofiverbreiterung fiihrt zu einer
vollstindigen Verschmierung des In-Medium-Peaks.

6.4 Vergleich der photon- und der pioninduzierten
Reaktion

Zum Abschlufl dieses Kapitels vergleichen wir die photon- und die pioninduzierte Re-
aktion. Hierzu sind in Abbildung 6.23 (linke Seite) die Ortsraumverteilungen der ersten
Kollision in vPb bei 1.5 GeV und in 7~ Pb bei 1.3 GeV dargestellt. Die Grauschattierun-
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Abbildung 6.22: Vergleich der Effekte der Mediummodifikationen der Vektormesonen
auf ee -Produktion in >C und 2%Pb bei einer Pionenenergie von 1.3 GeV. Hier
wurden nur Dileptonen mit einem Gesamtimpuls p.+.- < 300 MeV beriicksichtigt.

gen reprasentieren %, wobei N die Anzahl der Kollisionen (in willkiirlich gew&hlten

Einheiten) und b = /22 + y? der StoBparameter sind. Ebenfalls ist ein Kreis mit Ra-
dius R = 6 fm abgebildet. Die Dichte in ?°®Pb betrigt bis zu diesem Radius ungefihr
po und fallt danach ab, wie aus Abbildung 3.3 zu sehen ist.

Da fiir eine Photonenergie von 1.5 GeV der Shadowing-Effekt noch unbedeutend
ist, spiegelt die Verteilung der ersten Kollisionen, also der Photon-Nukleon-Reaktionen,
die Dichteverteilung des Kernes wider:

dN _ p(r)dV
dbdz ~ dbdz

= 2mbp(r).

Der isospingemittelte Wirkungsquerschnitt des Pions mit einer kinetischen Energie
von 1.3 GeV an einem Nukleon betrigt etwa 30 mb. Dies korrespondiert bei Dichte
po zu einer mittleren freien Weglidnge A = 2 fm. Daher werden die Pionen, wie aus
Abbildung 6.23 zu sehen ist, vornehmlich an der Oberfliche absorbiert.

Aufgrund des Impulses des Projektils sind die Ortsraumverteilungen aller Meson-
Baryon-Kollisionen, die auf der rechten Seite in Abbildung 6.23 dargestellt sind, zu
grofleren z-Werten gegeniiber denen der ersten Kollisionen verschoben. Man sieht, daf3
auch in der Pion-Kern-Reaktion ein grofler Teil der Kollisionen im Inneren des Kernes
stattfindet.
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Abbildung 6.23: Ortsraumverteilungen der ersten Kollision (linke Seite) und aller
Meson-Baryon-Kollisionen (rechte Seite) in yPb bei 1.5 GeV (obere Abbildungen) und
7~ Pb bei 1.3 GeV (untere Abbildungen). Die Linie stellt jeweils einen Kreis mit Radius
R = 6 fm dar.

In Abbildung 6.24 (linke Seite) zeigen wir die Ortsraumverteilungen der ete -
Zerfille der Vektormesonen p und w. Die Verteilung der p°-Zerfille entspricht sowohl
fiir die photon- als auch fiir die pioninduzierte Reaktion ungeféihr der Verteilung der in
Abbildung 6.23 dargestellten ersten Kollisionen und ist nur leicht zu gréfieren z-Werten
verschoben. Dies hat zwei Griinde. Zum einen wird bei den hier betrachteten Einschuf-
energien der Grofiteil der p-Mesonen in der ersten Kollision produziert, da die Energie
in sekundéren Kollisionen meist nicht zu deren Produktion ausreicht. Zum anderen ist
die Lebensdauer der p-Mesonen so kurz, dafl sie in etwa an dem Ort zerfallen, an dem
sie erzeugt wurden.

Die Verteilung der Zerfille der w-Mesonen (rechte Seite in Abbildung 6.24) ist deut-
lich verschieden von der der p°-Zerfille. In der photoinduzierten Reaktion ist die Ver-
teilung deutlich zu gréBeren z-Werten verschoben. Ein Grofiteil der w-Mesonen zerféllt
im Vakuum, da das w-Meson im Vakuum eine sehr lange Lebensdauer von etwa 24 fm/c
in seinem Ruhesystem hat. In der Pion-Kern-Reaktion fillt die Verschiebung zu grofie-
ren z-Werten weniger stark aus. Dies ist darauf zuriickzufiihren, dafl die w-Mesonen
grofiteils bei kleinen z-Werten produziert werden. Um ins Vakuum zu laufen, miissen
diese w-Mesonen einen recht groflen Weg durch den Kern zuriicklegen, und da die
mittlere freie Weglénge bei Dichte py nur 3 fm betréigt, findet eine starke Absorption
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Abbildung 6.24: Ortsraumverteilungen der p® — e*e™- (linke Seite) und der w — e*e™-
Zerfille (rechte Seite) in yPb bei 1.5 GeV (obere Abbildungen) und 7~ Pb bei 1.3 GeV
(untere Abbildungen). Die Linie stellt jeweils einen Kreis mit Radius R = 6 fm dar.

statt. Aufgrund der Absorption ergibt sich in der Pion-Kern-Reaktion eine Verschie-
bung der Winkelverteilung der w-Mesonen zu grofieren Polarwinkeln verglichen mit der
Photon-Kern-Reaktion. Dies sollte observable Konsequenzen haben. Wegen der oben
angesprochenen theoretischen Unsicherheiten in der Beschreibung der elementaren Vek-
tormesonproduktion sind hierzu jedoch quantitative Aussagen derzeit schwierig.

In unseren Rechnungen war die Sensitivitit der e™e -Spektren auf Mediummodifi-
kationen der Vektormesonen in der photoninduzierten Reaktion gréfler als in der pion-
induzierten, wie man durch Vergleich der Abbildungen 6.14 und 6.20 sieht. Dies ist
jedoch im wesentlichen darauf zuriickzufiihren, daf§ das aus unserer Beschreibung der
elementaren Pion-Nukleon-Wechselwirkung resultierende e e™-Spektrum (siehe Abbil-
dung 6.17) aufgrund des Ap-Kanals recht flach ist. In der elementaren Photon-Nukleon-
Wechselwirkung wurde ein solcher Kanal nicht beriicksichtigt, und wir sollten hier
nochmals betonen, dafl unsere Beschreibung der elementaren Reaktionen mit groflen
Unsicherheiten behaftet ist, die nur durch experimentelle Messungen ausgerdumt wer-
den konnen. Daher ist es derzeit nicht moglich zu beurteilen, welche Reaktion fiir den
Nachweis der Mediummodifikationen der Vektormesonen besser geeignet ist. Aus Abbil-
dung 6.24 kann man den Schluf ziehen, daf§ — aufgrund der geometrischen Verhiltnisse
und der Abschattungseffekte — Pion-Kern-Reaktionen tendenziell besser zum Studium
des w-Mesons und Photon-Kern-Reaktionen zu dem des p-Mesons geeignet sind.
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Kapitel 7

Photoproduktion von Mesonen in
Kernen bei GeV-Energien

In der Einleitung hatten wir bereits angesprochen, dafl das friihere Einsetzen des
Shadowing-Effektes in der Photoabsorption an Kernen ein moglicher Hinweis auf eine
Mediummodifikation des p-Mesons ist. Im vorliegenden Kapitel, das sich in unwesent-
lich modifizierter Form auch in [141] findet, wollen wir Vorhersagen zur Photoproduk-
tion von Pionen, Etas, Kaonen und Antikaonen in Kernen fiir Photonenergien zwischen
1 und 7 GeV geben. Ein Vergleich dieser Rechnungen mit Experimenten, die in der Zu-
kunft an ELSA in Bonn und TJNAF in Virginia méglich sind, wird auf der einen Seite
helfen, unser Verstdndnis des Einsetzens des Shadowing-Effektes zu verbessern. Auf
der anderen Seite ist Photoproduktion von Mesonen natiirlich auch ein hervorragendes
Mittel, um die In-Medium-Eigenschaften der Mesonen zu studieren.

In den friihen siebziger Jahren gab es bereits zahlreiche experimentelle und theoreti-
sche Aktivitédten auf dem Gebiet der photoninduzierten Teilchenproduktion (siehe [94]).
Der Schwerpunkt lag damals allerdings auf der Untersuchung kohérenter Produktions-
prozesse, wie YA — Ap°. Die Interpretation experimenteller Daten zu inkohiirenten
Prozessen war auf theoretische Rechnungen im Rahmen des Glauber-Modells, welches
eine Reihe von Niherungen und Einschrinkungen beinhaltet, angewiesen. So wur-
de in den damaligen Rechnungen (siehe [94]) stets eine Eikonalnidherung verwendet,
und die Kopplung verschiedener hadronischer Kanéle {iber die Wechselwirkungen der
primér produzierten Mesonen mit den Nukleonen des Kernes wurde vernachléssigt.
Unser Transportmodell zur Beschreibung inklusiver Teilchenproduktion geht deutlich
iiber das Glauber-Modell hinaus, da es durch die explizite Beriicksichtigung der Kopp-
lung aller Kaniile alle méglichen Reaktionsketten, die zur Bildung eines bestimmten
Endzustandes fiihren kénnen, beinhaltet.

Leider kénnen wir unsere Rechnungen nicht mit den wenigen existierenden experi-
mentellen Daten [142, 143, 144] zur inkohdrenten Mesonenproduktion vergleichen, da
diese Daten unter sehr einschrinkenden kinematischen Bedingungen erhalten wurden,
die aus der Literatur nicht rekonstruierbar sind.

Alle Rechnungen des vorliegenden Kapitels wurden ohne die Verwendung von In-
Medium-Selbstenergien fiir die produzierten Mesonen durchgefiihrt. Bislang ist das
Problem der Beriicksichtigung impulsabhéngiger Selbstenergien im Stringmodell FRI-
TIOF, das wir hier zur Simulation der elementaren Photon-Nukleon-Wechselwirkung
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verwenden (siehe Kapitel 2.6), noch ungeldst. Der Schwerpunkt der vorliegenden Arbeit
liegt auf einer Untersuchung der Effekte des Shadowings, dessen Implementierung in
Kapitel 2.6.2 diskutiert wurde, und der konventionellen Endzustandswechselwirkungen
der primér produzierten Teilchen.

7.1 Pionen und Etas

7.1.1 Totale Wirkungsquerschnitte

In Abbildung 7.1 présentieren wir die Resultate unserer Rechnungen fiir den totalen
7~ -Photoproduktionswirkungsquerschnitt in *C (oberer Teil der Abbildung) und ?**Pb
(unterer Teil). Die durchgezogenen Linien sind die Ergebnisse der normalen Rechnung.
Man sieht, dafi der Wirkungsquerschnitt pro Nukleon in '2C grofier als in 2°Pb ist, weil
der Shadowing-Effekt und die Absorption der primér produzierten Teilchen weniger ef-
fektiv sind. In '2C erhalten wir ein lokales Maximum in der Anregungsfunktion bei einer
Photonenergie von etwa 2 GeV, withrend der Wirkungsquerschnitt in 2°Pb monoton
mit der Photonenergie ansteigt. Das Maximum wird verursacht durch ein Wechselspiel
zwischen dem Anstieg des elementaren Pionproduktionswirkungsquerschnittes auf der
einen und dem Einsetzen des Shadowing-Effektes auf der anderen Seite. Im Falle von
208Ph wird die Reduktion des Wirkungsquerschnittes aufgrund des Shadowings durch
sekundére Kollisionen der primér produzierten Teilchen mit den Nukleonen des Kernes,
in denen zusétzliche Pionen produziert werden, kompensiert.

In der ,normalen“ Rechnung behandeln wir die Absorption der A-Resonanz mit
dem in Kapitel 4.2.1 beschriebenen Verfahren unter Verwendung der Stofbreiten von
Oset und Salcedo [121]. In Abbildung 7.1 resultieren die gestrichelten Linien bei Ver-
wendung der herkémmlichen Behandlung der A-Absorption. Mit zunehmender Pho-
tonenergie wird die Behandlung der A-Absorption unwichtiger. Bei kleinen Energien
wird durch die verbesserte Behandlung der Pionenproduktionswirkungsquerschnitt in
12C um etwa 5% und in 2%Pb um etwa 20% reduziert.

In Kapitel 2.5.4 hatten wir ausfiihrlich das Formationszeitkonzept bei der Anwen-
dung des Stringmodells FRITIOF besprochen und gezeigt, dafl wir mit einer Formati-
onszeit von 7y = 0.8 fm/c eine zufriedenstellende Beschreibung von Pionenproduktion
in Schwerionenkollisionen bei SPS-Energien erhalten. Um den Einflufl der Formations-
zeit auf die hier prisentierten photoninduzierten Reaktionen zu verdeutlichen, haben
wir Rechnungen mit 7y = 0 durchgefiihrt, die in Abbildung 7.1 durch die gepunkteten
Linien dargestellt sind. Nun wird die Endzustandswechselwirkung der primér produ-
zierten Teilchen erhéht. An dieser Stelle sollten wir betonen, daf§ aufgrund der Endzu-
standswechselwirkungen der Wirkungsquerschnitt aufgrund von Absorptionsprozessen
nicht zwangslidufig reduziert wird, sondern auch erhéht werden kann, da in sekundéren
Stoflen, wie zum Beispiel in 71N — 7w N, weitere Teilchen produziert werden kénnen.
Aus Abbildung 7.1 sieht man zunéchst, daf§ die Formationszeit mit zunehmender Pho-
tonenergie an Bedeutung gewinnt. Im Falle von 2C wird bei Vernachlissigung der
Formationszeit der Wirkungsquerschnitt der 7 -Produktion bei 7 GeV um etwa 15%
erhoht. In 2%Pb ist diese Erhohung weniger stark ausgepriigt, da hier die Absorption
fiir die sekundéar produzierten Teilchen effektiver ist.

Die strich-gepunkteten Linien in Abbildung 7.1 zeigen die Resultate von Rechnun-
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Abbildung 7.1: Totaler Wirkungsquerschnitt fiir 7—-Produktion in yC- (obere Abbil-
dung) und vPb- (untere Abbildung) Reaktionen. Siehe Text fiir eine ausfiihrliche Er-
kldrung der verschiedenen Linien.

gen ohne Shadowing fiir das einlaufende Photon. Die relative Reduktion der Wirkungs-
querschnitte zur Mesonenproduktion aufgrund des Shadowings ist zunéchst nicht iden-
tisch zu der des totalen Absorptionswirkungsquerschnittes, da der Shadowing-Faktor
sn(7) aus Gleichung (2.128) eine Koordinatenabhingigkeit aufweist (siehe Abbildun-
gen 2.27 und 2.28) und die Mesonenproduktion wegen der Endzustandswechselwirkun-
gen natiirlich von den Koordinaten der priméren Produktion abhingt. Aus dem Ver-
gleich der effektiven Massenzahlen in den Abbildungen 2.25 und 2.26 mit dem Effekt
des Shadowings in Abbildung 7.1 sieht man jedoch, dal die Koordinatenabhéngigkeit
des Shadowing-Faktors nur einen sehr kleinen Einflu} hat.

Der Effekt der Endzustandswechselwirkungen ist, wie zu erwarten, recht verschieden
fiir 12C und 2%Pb. In Abbildung 7.1 sind Rechnungen ohne Endzustandswechselwir-
kung als punkt-punkt-gestrichelte Linien dargestellt. Der Verlauf der Anregungsfunk-
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Abbildung 7.2: Totaler Wirkungsquerschnitt fiir 7-Produktion in vC- (obere Abbil-
dung) und yPb- (untere Abbildung) Reaktionen. Siehe Text fiir eine ausfiihrliche Er-
kldarung der verschiedenen Linien.

tion wird nun nur noch durch zwei konkurrierende Mechanismen bestimmt. Auf der
einen Seite steigt der elementare Photon-Nukleon-Wirkungsquerschnitt zur inklusiven
Pionenproduktion mit der Photonenergie an, da mit héherer Energie mehr Teilchen
produziert werden konnen (siehe Abbildung 2.22). Auf der anderen Seite nimmt die
Reduktion des Absorptionswirkungsquerschnittes aufgrund des Shadowings mit der
Photonenergie zu. Im Falle von 2*®Pb dominiert der Shadowing-Effekt und der Wir-
kungsquerschnitt zur 7~-Produktion in der Rechnung ohne Endzustandswechselwir-
kungen fillt monoton mit der Photonenergie. In 2C fillt der Wirkungsquerschnitt
zunichst bis zu einer Photonenergie von 3 GeV und steigt dann an, da Shadowing
weniger wichtig als in 2°®Pb ist.

Die Rechnungen ohne Endzustandswechselwirkungen liefern Wirkungsquerschnitte,
die bei 1 GeV in 2C um etwa 20% und in 2°Pb um etwa einen Faktor 2 iiber den
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vollstindigen Rechnungen liegen. Mit zunehmender Photonenergie nimmt die Differenz
zwischen den Rechnungen ab und bei der hochsten hier betrachteten Photonenergie, 7
GeV, geben beide Szenarien fast den gleichen integrierten Wirkungsquerschnitt. Daraus
sollte man aber nicht den Schlufl ziehen, da} die Endzustandswechselwirkungen bei
hohen Energien vernachléssigbar sind. In der Pionenproduktion werden vielmehr die
Prozesse, die zu einer Absorption des Pions, wie tNN — NA — NN, fiihren, durch die
bereits oben angesprochene Teilchenproduktion in sekundéren Kollisionen kompensiert.

In Abbildung 7.2 sind die Resultate der in der Pionenproduktion diskutierten Sze-
narien fiir den totalen n-Photoproduktionswirkungsquerschnitt in 2C und 2°*Pb abge-
bildet. Die vollstéindigen Rechnungen (durchgezogene Linien) zeigen fiir beide Kerne
einen starken Anstieg der Anregungsfunktionen von 1 bis 3 GeV um etwa einen Faktor
4 und danach ein deutliches Abflachen. Der Anstieg wird verursacht durch die Offnung
des Phasenraumes und ist in der Pionenproduktion nicht zu sehen, da das n-Meson mit
einer Masse von 547 MeV erheblich schwerer als das Pion ist.

Der Effekt der Formationszeit (gestrichelte Linien) ergibt sich wieder aus einem
Wechselspiel zwischen sekundérer Produktion und Absorption der primér produzierten
Mesonen. Im Gegensatz zur Pionenproduktion tritt in der Etaproduktion eine nahezu
vollstindige Kompensation der beiden Mechanismen auf.

Der Shadowing-Effekt fiihrt, wie erwartet, praktisch zur gleichen Reduktion des
Wirkungsquerschnittes wie in der Pionenproduktion.

Im Falle von '2C ergibt die Rechnung ohne Endzustandswechselwirkungen (strich-
gepunktete Linien) nahezu das gleiche Resultat wie die vollstdndige Rechnung. Dem-
gegeniiber wird in 2°*Pb der Wirkungsquerschnitt, insbesondere fiir kleine Photonener-
gien, deutlich reduziert.

7.1.2 Differentielle Wirkungsquerschnitte

Da sich die bislang diskutierten totalen Wirkungsquerschnitte aus dem Wechselspiel
verschiedener Faktoren, die sich teilweise kompensieren, ergeben, ist es sinnvoll, exklu-
sivere Observablen zu betrachten. Hier sind insbesondere impulsdifferentielle Wirkungs-
querschnitte hilfreich, da die Wechselwirkung der produzierten Teilchen mit dem nu-
klearen Medium direkt vom Impuls abhéngt. In Abbildung 7.3 sind die impulsdifferen-
tiellen Wirkungsquerschnitte zur 7~ -Produktion (obere Abbildung) und n-Produktion
(untere Abbildung) in 2*Pb fiir eine Photonenergie von 2 GeV dargestellt. Wir zeigen
jeweils die vollstdndige Rechnung (durchgezogene Linien), die Rechnung ohne Forma-
tionszeit (gestrichelte Linien) sowie die Rechnung ohne Endzustandswechselwirkungen
(gepunktete Linien). Im Pionenspektrum sieht man einen recht kleinen Einflul der For-
mationszeit, wihrend die Endzustandswechselwirkung das Spektrum fiir grofle Impulse
um etwa einen Faktor 3 reduziert.

Das n-Spektrum zeigt bei hohen Impulsen eine ausgeprigte Struktur, die von ex-
klusiven Prozessen vIN — N7, die sehr stark vorwértsgerichtet sind, verursacht wird.
In der 7~-Produktion ist diese Struktur nicht vorhanden, da das von uns verwendete
Stringmodell keine Quarkaustauschmechanismen beinhaltet. Wie bereits in Kapitel 2.6
diskutiert, ist die Anwendung des Stringmodells auf die Beschreibung der elementaren
Photon-Nukleon-Wechselwirkung bei den hier betrachteten Energien mit nicht uner-
heblichen Unsicherheiten behaftet, da zu den hier relevanten inklusiven Observablen
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Abbildung 7.3: Impulsdifferentielle Wirkungsquerschnitte fiir 7—- (obere Abbildung)
und 7- (untere Abbildung) Produktion in einer yPb-Reaktion bei E, =2 GeV.

noch keine experimentellen Daten verfiigbar sind. Deshalb betonen wir, dafl} die hier
prasentierten Resultate zur Photoproduktion in Kernen unter dem Vorbehalt stehen,
da unsere derzeit verwendete Beschreibung des elementaren Prozesses korrekt ist.

Das n-Spektrum in Abbildung 7.3 zeigt eine etwas andere Abhéingigkeit von Forma-
tionszeit und Endzustandswechselwirkung als das Pionenspektrum. Fiir Impulse zwi-
schen 500 MeV und 1 GeV geben die drei betrachteten Szenarien nahezu die gleichen
Resultate. Fiir groflere und kleinere Impulse wird das Spektrum durch die Endzustands-
wechselwirkungen reduziert.

In Abbildung 7.4 sind das Pionen- und das Etaspektrum fiir eine Photonenergie von
4 GeV abgebildet. Im Gegensatz zu den Spektren bei 2 GeV sieht man nun eine deut-
liche Erh6hung der Spektren bei groflen Impulsen durch die Verwendung der endlichen
Formationszeit. Mit einem Impuls von 3 GeV legt ein Pion wéhrend seiner Formations-
zeit von 7y = 0.8 fm/c im Ruhesystem des Kernes einen Weg von etwa 17 fm zuriick.
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Abbildung 7.4: Impulsdifferentielle Wirkungsquerschnitte fiir 7—- (obere Abbildung)
und 7- (untere Abbildung) Produktion in einer yPb-Reaktion bei E, = 4 GeV.

Daher unterliegen die Pionen, die in der elementaren Photon-Nukleon-Reaktion mit
solch groflen Impulsen produziert werden, in der Rechnung mit Formationszeit nahezu
keiner Endzustandswechselwirkung.

Aufgrund der Endzustandswechselwirkungen ergibt sich eine Reduktion der Spek-
tren bei hohen Impulsen um etwa 30% und eine Erhohung bei kleinen Impulsen.
Der Einfluf} der Endzustandswechselwirkungen bei groflen Impulsen ist darauf zuriick-
zufiihren, daf8 die ,,Leading Hadrons“ (siehe Kapitel 2.5.4) keiner Formationszeit un-
terliegen.

7.1.3 Identifikation des p-Mesons

In Kapitel 6.2 hatten wir ausfiihrlich den Nachweis der Photoproduktion des p-Mesons
iiber seinen ete~-Zerfall und den Einflul von Mediummodifikationen diskutiert. Im
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Abbildung 7.5: Invariantes Massenspektrum der inklusiven 77 -Produktion in C-
Reaktionen bei 2 GeV (obere Abbildung), 4 GeV (mittlere Abbildung) und 6 GeV
(untere Abbildung). Die gestrichelten Linien ergeben sich mit einer Massenverschie-
bung des p-Mesons gemifl Gleichung (6.13). Die gepunkteten Linien resultieren aus
einer Rechnung ohne Endzustandswechselwirkungen. Es sind jeweils die totalen mas-
sendifferentiellen Wirkungsquerschnitte und die Beitrége des p-Mesons gezeigt.

folgenden wollen wir kurz darstellen, was aus dem 77 -Zerfall des p’-Mesons gelernt
werden kann. In Abbildung 7.5 zeigen wir das invariante Massenspektrum inklusiver
7 tn~-Produktion in 2C bei Photonenergien von 2, 4 und 6 GeV. Neben der normalen
Rechnung (durchgezogene Linien) wurde jeweils eine Rechnung ohne Endzustandswech-
selwirkungen (gepunktete Linien) und eine mit einer Massenverschiebung des p-Mesons
gemifl Gleichung (6.13) durchgefiihrt (gestrichelte Linien). Zu jeder Rechnung zeigen
wir sowohl das totale Spektrum als auch den Beitrag aus Zerfillen des p°-Mesons.
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Abbildung 7.6: Invariantes Massenspektrum der inklusiven 7+7 -Produktion in yPb-
Reaktionen bei 2 GeV (obere Abbildung), 4 GeV (mittlere Abbildung) und 6 GeV
(untere Abbildung). Die Bedeutung der Linien enstspricht der in Abbildung 7.5

Man sieht, dafl der Einflufl der Endzustandswechselwirkung mit zunehmender Energie
abnimmt. Der Peak des p-Mesons ist bei den betrachteten Photonenergien deutlich
sichtbar. Der Effekt der Massenverschiebung ist sehr klein.

Die mtn -Massenspektren in 2°®Pb sind in Abbildung 7.6 zu sehen. Hier ist, wie
erwartet, der Einflufl der Endzustandswechselwirkung erheblich groer als in 2C. Fiir
kleine Photonenergien fiihren die Endzustandswechselwirkungen dazu, dal der Peak
des p-Mesons im totalen Spektrum durch den Untergrund fast verdeckt wird. Wie im
Falle von '2C wird das Spektrum durch die Massenverschiebung des p-Mesons nur ge-
ringfiigig modifiziert. Dies ist darauf zuriickzufiihren, dafl die Pionen eine sehr kurze
freie Weglidnge im nuklearen Medium (A ~ 1 fm) besitzen. Deshalb ist die Wahrschein-
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lichkeit, dafl zwei Pionen, die aus dem Zerfall eines p-Mesons bei einer relevanten Dichte
stammen, ins Vakuum propagieren, ohne an einer weiteren Wechselwirkung teilzuneh-
men, sehr klein.

An dieser Stelle sollten wir erwéhnen, daf§ in [145, 146] die inklusive Photoproduk-
tion von w7~ -Paaren in 3He fiir Photonenergien zwischen 800 und 1100 MeV experi-
mentell gemessen wurde. Mit Hilfe eines einfachen Modells wurde auf eine In-Medium-
Masse des p-Mesons von etwa 650 MeV geschlossen. Eine Berechnung der experimen-
tellen Massenspektren in [145, 146] ist nicht moglich, da keine Wirkungsquerschnitte,
sondern nur Ereignisverteilungen angegeben wurden, die aus nicht rekonstruierbaren
kinematischen Einschriinkungen resultierten. AuBerdem ist natiirlich 3He fiir eine semi-
klassische Berechnung zu klein, da hier die Annahme, daf Interferenzeffekte zwischen
Prozessen an verschiedenen Nukleonen vernachlissigbar sind, sehr zweifelhaft ist. Der
Nachweis der p-Mesonen erfolgte in [145, 146] iiber die Winkelverteilung der Pionen,
wobei vorausgesetzt wurde, dafl alle p-Mesonen longitudinal polarisiert sind und alle
Untergrundprozesse isotrope Beitrdge liefern. Beide Annahmen sind sehr fragwiirdig.
Uberdies wurden jegliche Interferenzeffekte vernachlissigt, und fiir die Spektralfunk-
tion des p-Mesons wurde eine Gauss-Funktion mit einer konstanten Breite anstelle
einer Lorentz-Funktion verwendet. Aus den genannten Griinden ist daher nicht davon
auszugehen, daf die Resultate in [145, 146] korrekt sind.

7.2 Kaonen und Antikaonen

7.2.1 Totale Wirkungsquerschnitte

In Abbildung 7.7 prisentieren wir unsere Resultate fiir die totalen Wirkungsquerschnit-
te der Photoproduktion von K T-Mesonen in 2C und 2°®Pb. Wie im Falle der Pio-
nen und Etas zeigen wir die Ergebnisse verschiedener Rechnungen: eine vollstiandige
Rechnung (durchgezogene Linien) sowie eine Rechnung ohne Formationszeit (gestri-
chelte Linien), ohne Shadowing (gepunktete Linien) und ohne Endzustandswechsel-
wirkungen (strich-gepunktete Linien). Die primér produzierten 5-Quarks kénnen im
nuklearen Medium nicht vernichtet werden und sind am Ende der Reaktion in K-
oder K%-Mesonen enthalten. Daher kénnen die Endzustandswechselwirkungen den K-
Wirkungsquerschnitt nur erhéhen. Aus Abbildung 7.7 sieht man, dafl der Anteil se-
kundir produzierter Kaonen in '?C nahezu vernachlissigbar ist, wihrend er in 2*Pb
etwa 30% betrigt. In der Rechnung ohne Formationszeit ergibt sich ein Wirkungs-
querschnitt, der fiir groe Photonenergien in *C um etwa 20% und in 2°*Pb um etwa
40% iiber dem der vollstindigen Rechnung liegt. Die Ursache hierfiir sind Kollisio-
nen primér produzierter hochenergetischer Pionen mit Nukleonen. Diese Pionen haben
in der vollstindigen Rechnung eine grofle Formationszeit tic“b = 7y = E/m,7; im
Laborsystem, die sekundére, Kaonen produzierende Kollisionen unterdriickt.

Der Shadowing-Effekt wirkt sich sehr &hnlich wie in der Pionen- und Etaproduktion
auf den Wirkungsquerschnitt aus. Die Tatsache, da} die Rechnungen ohne Shadowing
und ohne Formationszeit fast identische Ergebnisse liefern, ist zufillig.

In Abbildung 7.8 zeigen wir die Resultate zur K~ -Produktion. Im Gegensatz zu den
Kaonen kénnen Antikaonen im nuklearen Medium iiber Prozesse wie KN — Y7 absor-
biert werden, bei denen das s-Quark auf das Nukleon iibertragen wird und ein Hyperon
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Abbildung 7.7: Totale Wirkungsquerschnitte fiir K "-Produktion in vC- (obere Abbil-
dung) und yPb- (untere Abbildung) Reaktionen.

entsteht. Im Falle von ?C wird die Reduktion des Wirkungsquerschnittes aufgrund sol-
cher Absorptionsprozesse durch die K-Produktion in sekundiren Kollisionen in etwa
kompensiert, wie man durch Vergleich der vollstdndigen Rechnung (durchgezogene Li-
nie) und der Rechnung ohne Endzustandswechselwirkungen (strich-gepunktete Linie)
sieht. Die Rechnung ohne Formationszeit (gestrichelte Linie) ergibt einen geringfiigig
grofleren Wirkungsquerschnitt. Die Formationszeit spielt in der K ~-Produktion eine
kleinere Rolle als in der K*-Produktion, da eine endliche Formationszeit nicht nur
die Produktion von K-Mesonen in sekundéiren StoSen unterdriickt, sondern auch die
Absorption der K-Mesonen verringert.

In 208Pb ist der Effekt der Absorption etwas dominanter als in 2C. Daher fiihrt die
Rechnung ohne Endzustandswechselwirkungen zum grofiten Wirkungsquerschnitt.

Durch Vergleich der totalen K*- und K~ -Produktion in den Abbildungen 7.7 und
7.8 erkennt man, daf} in unseren Rechnungen fast soviele Antikaonen wie Kaonen pro-
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Abbildung 7.8: Totale Wirkungsquerschnitte fiir K ~-Produktion in vC- (obere Abbil-
dung) und yPb- (untere Abbildung) Reaktionen.

duziert werden. Dies liegt daran, dafl im verwendeten Stringmodell FRITIOF bei den
hier betrachteten Energien wesentlich mehr Antikaonen als Hyperonen in p°-Nukleon-
Kollisionen produziert werden. Dies ist fiir die betrachteten recht schwellennahen Re-
aktionen insofern merkwiirdig, als die Schwelle fiir K-Produktion um etwa 318 MeV
(= mg — My + My) iiber der fiir A-Produktion liegt. Der Grund fiir die erhthte
Produktion von Antikaonen liegt moglicherweise in dem Fehlen von Quarkaustausch-
Mechanismen zwischen den beiden gebildeten Strings. Da allerdings derzeit keine ex-
perimentellen Daten zur inklusiven Photoproduktion von Antikaonen an Nukleonen
verfiigbar sind, ist es schwierig, unser Modell zu verbessern, und es soll erneut betont
werden, dafl unsere Rechnungen am Kern nur dann richtig sein kénnen, wenn unsere
Beschreibung der elementaren Wechselwirkung korrekt ist.
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Abbildung 7.9: Impulsdifferentielle Wirkungsquerschnitte fiir K- (obere Abbildung)
und K- (untere Abbildung) Produktion in einer yPb-Reaktion bei E, =2 GeV.

7.2.2 Differentielle Wirkungsquerschnitte

Die impulsdifferentiellen Wirkungsquerschnitte der K*- (oberer Teil der Abbildung)
und K- (unterer Teil) Photoproduktion in 2°*Pb bei einer EinschuBenergie von 2
GeV sind in Abbildung 7.9 dargestellt. Die durchgezogenen Linien reprisentieren die
vollstdndigen Rechnungen, die gestrichelten die ohne Formationszeit und die gepunk-
teten die ohne Endzustandswechselwirkungen. Im Falle der K *-Produktion wird auf-
grund der Endzustandswechselwirkungen das Spektrum zu kleineren Impulsen ver-
schoben. Das K ~-Spektrum wird demgegeniiber fiir alle Impulse reduziert, wobei die
Reduktion fiir groflere Impulse stérker ausfillt. Die Formationszeit hat bei der Pho-
tonenergie von 2 GeV noch keinen groflen Einflufi.

In Abbildung 7.10 zeigen wir die impulsdifferentiellen Spektren fiir eine Photonener-
gie von 4 GeV. Wie bei 2 GeV wird das KT-Spektrum durch die Endzustandswech-
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Abbildung 7.10: Impulsdifferentielle Wirkungsquerschnitte fiir K*- (obere Abbildung)
und K- (untere Abbildung) Produktion in einer yPb-Reaktion bei E, =4 GeV.

selwirkungen zu kleineren Impulsen verschoben. Nun sieht man auch einen Effekt der
Formationszeit. Ohne Formationszeit ergibt sich eine weitere Erhohung des Spektrums
bei kleinen Impulsen und eine Reduktion bei groflen.

Das K~-Spektrum in Abbildung 7.10 wird durch die Endzustandswechselwirkung
wie das K T-Spektrum zu kleineren Impulsen verschoben, wobei aber hier aufgrund der
Absorptionsprozesse die Erh6hung bei kleinen Impulsen nicht so stark ausfillt.



Kapitel 8

Off-Shell-Effekte auf
Teilchenproduktion in
Schwerionenkollisionen

In Kapitel 6.1 haben wir ein Verfahren vorgestellt, das die Beriicksichtigung von In-
Medium-Spektralfunktionen fiir das p- und das w-Meson in unserem transporttheoreti-
schen Rahmen erlaubt. Im vorliegenden Kapitel wollen wir dieses Verfahren erweitern,
so dafl auch eine konsistente Off-Shell-Behandlung der Nukleonen mdglich wird.

Alle existierenden hadronischen Transportmodelle zu Beschreibung von Schwerio-
nenkollisionen bei SIS-; AGS- oder SPS-Energien gehen von einer On-Shell-N&herung
fiir die Nukleonen aus. Trotz der offenkundigen Fragwiirdigkeit dieser Ndherung — die
Stofiraten der Nukleonen liegen bereits, wie weiter unten gezeigt wird, bei SIS-Energien
in der Gréflenordnung einiger Hundert MeV — und der exzessiven Anwendung von sol-
chen Transportmodellen zur Beschreibung experimenteller Daten gibt es bislang nur
sehr wenige Studien, die den Einflufl von Off-Shell-Effekten untersucht haben [147, 148].

Wihrend der allgemeine Formalismus der transporttheoretischen Beschreibung von
Off-Shell-Teilchen seit langem bekannt ist [53, 54, 55] und in Kapitel 2.1.1 skizziert
wurde, wurden im vergangenen Jahr, ausgelost durch das Interesse an Mediummodifi-
kationen des p-Mesons, verstirkt Anstrengungen unternommen, Transportmodelle zu
realisieren, die dynamische Spektralfunktionen beinhalten [133, 150, 151].

Eine komprimierte Version dieses Kapitels findet sich in [152].

8.1 Stof3verbreiterung der Nukleonen

Zunéchst wenden wir uns der Berechnung der Stofibreiten der Nukleonen in einem
Fermi-Gas-Modell bei endlicher Temperatur zu. Die totale In-Medium-Breite ist iiber
Gleichung (2.64) gegeben als:

oo = % (2> +59). (8.1)

Die Verlustrate ¥~ berechnen wir analog zu den Stobreiten der A-Resonanz und
der Vektormesonen iiber Gleichung (2.71). Wir betrachten hier nur Stofile mit ande-
ren Nukleonen, da in der spéteren Anwendung auf Schwerionenkollisionen bei einer

187
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Einschuflenergie von 1 AGeV Nukleonen die klar dominierenden Freiheitsgrade sind.
Damit erhalten wir:

E> = E1?/N—>NN + Ei>nelastic7 (82)

wobei der elastische Beitrag gegeben ist als:

dgpld/jfl rel dUNN—)NN
SNNSNN :/9 ok Fiv /deAz(l—f2)A3(l—f3)- (8.3)

Der Index 1 kennzeichnet hier das einlaufende und die Indizes 2 und 3 die auslaufen-
den Nukleonen. Die Relativgeschwindigkeit ©7¢ der einlaufenden Nukleonen ist iiber
Gleichung (2.72) gegeben. In Gleichung (8.3) tauchen die Spektralfunktionen der Nu-
kleonen 1, 2 und 3 auf, die von ¥~ abhiingen. Aus Griinden der numerischen Einfach-
heit berechnen wir die Nukleonenbreite nicht selbstkonsistent, sondern fiithren nur den
ersten Iterationsschritt mit Vakuumspektralfunktionen durch. Der in Gleichung (8.3)
auftauchende elastische Wirkungsquerschnitt findet sich in Anhang A.1. Die Phasen-
raumverteilungsfunktion f bei Temperatur 7" und chemischem Potential p, ist:

1

- , 8.4
fFermz exp (w;uc) +1 ( )
wobei w = \/u? + p? die Einteilchenenergie bezeichnet.
Im Falle des inelastischen Beitrages ¥- . vernachldssigen wir Pauli-Blocking der
auslaufenden Nukleonen und erhalten somit:
Ei>nelastic = p < UrelOinelastic = (85)

wobei p die Nukleonendichte ist und die Klammer die Mittelung iiber die Impulsver-
teilung des Kollisionspartners andeutet. Der inelastische Wirkungsquerschnitt o;,eiastic
ergibt sich in unserem Modell aus den Prozessen NN — NN7m, NN — NR und
NN — AA (siche Anhang A.1).

Im thermodynamischen Gleichgewicht gilt [53]:

$< = exp <—w ;“) 5>, (8.6)

Abgesehen von kleinen Einteilchenenergien und kleinen Temperaturen ist $< sehr viel
kleiner als ¥~. Daher wird im folgenden X< fiir die Berechnung der Breite gemif
Gleichung (8.1) vernachlissigt. Die Nukleonenbreiten werden als Funktion des Impulses
p, der Nukleonendichte p und der Temperatur 7" berechnet. Wir vernachléssigen die
Abhéngigkeit der Breiten von der invarianten Masse p und werten alle Ausdriicke
fiir 4 = My aus. Dieses Vorgehen ist gerechtfertigt, da zum einen keine sehr starke
Abhingigkeit der Breiten von p zu erwarten ist und zum anderen sich der numerische
Aufwand bei Hinzunahme einer vierten Variable deutlich erhhte. Uberdies gibt es kein
naheliegendes Modell fiir die u-Abhéngigkeit der auftretenden Matrixelemente.

Die sinnvolle Berechnung von X< erforderte die Beriicksichtigung der p-Abhéingig-
keit, da X< vor allem fiir kleine Teilchenenergien relevant ist. Im Gegensatz zu %~
verschwindet < nicht bei Temperatur 7" = 0 fiir Teilchen innerhalb des Fermi-Sees
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Abbildung 8.1: Die Stoflbreite des Nukleons in isospinsymmetrischer Kernmaterie als
Funktion von Impuls p und Temperatur 7" bei Dichte p = 2py.

(w < pe). In einer selbstkonsistenten Berechnung des Grundzustandes im Rahmen
des hier verwendeten Formalismus ergeben sich daher Grundzustandskorrelationen,
die moglicherweise auch einen Einflufl auf Teilchenproduktion in nuklearen Reaktionen
haben. In der vorliegenden Arbeit beschréinken wir uns aber auf die Untersuchung von
Effekten aufgrund von ¥~. Es wurde iiberpriift, dafl eine Beriicksichtigung von X< in
der Berechnung der totalen Breite iiber Gleichung (8.6) unsere hier vorzustellenden
Resultate zu Schwerionenkollisionen nicht dndert.

In Abbildung 8.1 ist die Stofibreite des Nukleons als Funktion von Impuls und
Temperatur bei Dichte 2pg dargestellt. Man sieht einen deutlichen Anstieg der Breite
mit dem Impuls, der zum einen auf den Lorentzfaktor py/p in Gleichung (8.1) und zum
anderen auf den Anstieg des totalen Nukleon-Nukleon-Wirkungsquerschnittes (siehe
Abbildung A.5) zuriickzufiihren ist. Die Breite hingt nur fiir kleine Impulse aufgrund
des Pauli-Blockings stark von der Temperatur ab. Fiir grofle Impulse ist die relative
Anderung der Breite mit der Temperatur wesentlich kleiner, und die Breite steigt leicht
mit der Temperatur an. Bei einer Temperatur von 100 MeV und einem Impuls von 1
GeV betragt die Breite etwa 300 MeV und ist damit sicherlich nicht vernachléssigbar.

8.1.1 Vergleich von Fermi-Gas- und BUU-Rechnung

In Rechnungen im Rahmen des BUU-Modells wird die im vorangegangenen Abschnitt
berechnete Nukleonenbreite als Funktion des Impulses p;,. s im lokalen Ruhesystem so-
wie der Baryonendichte im lokalen Ruhesystem pj,; und der Temperatur 1" verwendet,
das heift, die urspriinglich 8-dimensionale Breite wird durch eine 3-dimensionale Funk-
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tion approximiert:

FN(F\a taﬁ? :U’) — FN(plrfa plrf(Fa t)a T(Fa t))

Eine solche Ndherung ist zwingend erforderlich, da eine Bestimmung der 8-dimensiona-
len Funktion aus den tatséichlichen Stofiraten mit den heute zur Verfiigung stehenden
Moglichkeiten nicht durchfiihrbar ist. Eine Au+Au-Kollision wird typischerweise mit
einer Testteilchenanzahl von N = 200 berechnet. Bei Dichte py befinden sich dann etwa
30 Testteilchen in einem Volumen von 1 fm3. Bei einer Stobreite von 100 MeV stoflen
von diesen 30 Teilchen in einem Zeitschritt At = 0.5 fm/c im Mittel 6.6 Teilchen. Selbst
bei Mittelung iiber die Impulse, was aber angesichts der starken Impulsabhingigkeit
der Breiten eine zweifelhafte N&herung ist, ist die lokale Bestimmung der Stofiraten
mit sehr groflen statistischen Fluktuationen behaftet.

Die Temperatur wird in der BUU-Simulation aus dem Mittel der Impulsquadrate
< p? > der Testteilchen im lokalen Ruhesystem unter der Annahme einer Fermi-Dirac-
Verteilung gewonnen. Numerisch bestimmen wir < p? > aus der Testteilchenverteilung
analog zu der Berechnung des Vierer-Stroms j* in Kapitel 3.1.1 mit der dort verwen-
deten GauB-Funktion zur Schmierung im Ortsraum:

2 1 1 s Ppdp o, [(p* Ju(?)
<p” > (7) T 50(F) (2mAZ)32 /d r (27)3 F(,p, 1) [ w(7) - () —p" pu]
(7 — )2
X €xp [_T]

:5017?) N(2W1A?>3/2 Z [ﬁ( )JJ(E)*) A p] o [‘%] |

Die Temperatur 7" und das chemische Potential . erhalten wir dann aus der numeri-
schen Losung der Gleichungen:

d3 !
ermi = r 8.8
3
f(;iTz))BpiFermi
43
fﬁfFermi

= <p’>, (8.9)

mit der Fermi-Dirac-Verteilung fperm; aus Gleichung (8.4). In der derzeitigen numeri-
schen Realisierung verwenden wir fiir p;,.; die totale Baryonendichte und bestimmen
auch < p? > durch Summation iiber alle Baryonen.

In Abbildung 8.2 zeigen wir die Zeitentwicklung des Temperatur- und Dichteprofils
einer zentralen Au+Au-Kollision bei einer Einschuflenergie von 1 AGeV. Man sieht, daf§
in der Hochdichtephase zwischen ¢ = 10 und 20 fm/c Dichten von etwa 0.4 fm 3, also
dem etwa 2.5-fachen normaler Kernmateriedichte, erreicht werden. Die Temperatur
betrigt in dieser Phase etwa 100 MeV. Ab etwa 15 fm/c bildet sich ein Feuerball
mit einer nahezu ortsunabhéngigen Temperatur. Dieser Feuerball expandiert, und zum
Zeitpunkt ¢ = 40 fm/c betriigt die Dichte maximal 0.02 fm 3 und die Temperatur
weniger als 20 MeV, so daf3 keine fiir Teilchenproduktion relevanten Prozesse mehr
ablaufen.
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Abbildung 8.2: Zeitentwicklung des Temperatur- und Dichteprofils entlang der z-Achse
in einer Au+Au-Kollision bei 1 AGeV fiir b = 0. Die durchgezogenen Linien geben die
Temperatur an (linke Achsen) und die gestrichelten die Dichte (rechte Achsen).
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Abbildung 8.3: Zeitentwicklung des Temperaturprofils entlang der z-Achse in einer
Au+Au-Kollision bei 1 AGeV fiir b = 0. Die durchgezogenen Linien geben die iiber alle
Impulsrichtungen gemittelte Temperatur an, die gestrichelten die ,longitudinale“ und
die gepunkteten die ,transversale“ Temperatur. Siehe Text fiir weitere Erkldrungen.

Die Bestimmung einer Temperatur ist strenggenommen nur sinnvoll im Falle lokaler
Aquilibrierung. Zu Beginn einer Schwerionenkollision, wenn die Impulsverteilung durch
zwei separierte Fermi-Kugeln gegeben ist, ist dies natiirlich nicht erfiillt. Das Ausmafl
der Aquilibrierung liBt sich durch einen Vergleich der longitudinalen und transversa-
len Impulsverteilungen bestimmen. Eine solche Analyse wurde bereits in [149] durch-
gefiihrt. In Abbildung 8.3 zeigen wir fiir verschiedene Zeiten der betrachteten Au+Au-
Kollision neben der iiber alle Impulsrichtungen gemittelten Temperatur (durchgezogene
Linien) auch die ,longitudinale“ (gestrichelte Linien) und die ,transversale“ Tempe-
ratur (gepunktete Linien). Die longitudinale Temperatur wurde hier mit dem oben
beschriebenen Verfahren aus 3 < p? > im lokalen Ruhesystem bestimmt, die transver-
sale aus 3 < p2 + p2 >. Aus Abbildung 8.3 sieht man, da$f die transversale und die
longitudinale Temperatur in der Anfangsphase der Reaktion, wie zu erwarten war, sehr
stark voneinander abweichen. Die longitudinale Temperatur erreicht Werte von iiber
200 MeV, wihrend die transversale Temperatur in den ersten 15 fm/c 50 MeV nicht
tibersteigt. Jedoch bereits nach 20 fm/c, also noch in der Hochdichtephase (siehe Abbil-
dung 8.2), stimmt die gemittelte Temperatur recht gut mit der transversalen iiberein.
Zum Zeitpunkt 30 fm/c hat eine komplette Aquilibrierung beziiglich der longitudinalen
und transversalen Impulsfreiheitsgrade stattgefunden.
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Abbildung 8.4: Vergleich der lokalen, impulsintegrierten Nukleonenbreiten aus den
tatsdchlichen Stoffiraten der Nukleonen im BUU-Modell und aus der Fermi-Gas-
Rechnung in einer Au+Au-Kollision entlang der z-Achse bei 1 AGeV und b = 0 fiir
verschiedene Zeiten. Die Quadrate wurden durch Beriicksichtigung aller Kollisionen der
Nukleonen erhalten, die Kreise bei Beriicksichtigung nur der Sté88e mit Baryonen.

Mit unserem Verfahren ergibt sich in der Nichtgleichgewichtsphase eine recht hoher
Wert fiir die iiber die Impulsrichtungen gemittelte Temperatur 7'. Die Verwendung des
Parameters 7" als Temperatur kann dennoch sinnvoll sein, wie wir im folgenden zeigen
werden.

In Abbildung 8.4 vergleichen wir die aus den tatsdchlichen Stofiraten in der BUU-
Simulation resultierenden lokalen Breiten entlang der z-Achse zu verschiedenen Zeiten
mit den Breiten, die sich aus der Fermi-Gas-Rechnung bei der entsprechenden lokalen
Dichte und Temperatur ergeben. Aus der Anzahl der Kollisionen berechnen wir die
Breite iiber:

n (No(f],é())&%(m))

At ’

[(rt) = —v (8.10)
wobei Ny(7,t) die Anzahl der zu einem Zeitpunkt ¢ in der Ortsraumzelle um 7 vorhan-
denen Nukleonen und N.(7t) die Anzahl der an einem Stof in einem Zeitschritt At
teilgenommenen Nukleonen bezeichnet. Wir hatten oben bereits dargelegt, daf} eine
lokale und impulsabhéngige Bestimmung der Breiten aus Griinden der numerischen
Statistik nicht moglich ist. Daher werden Ny und N, iiber die Impulsverteilung der
Nukleonen summiert. Fiir den Lorentzfaktor v verwenden wir hier j°/p;, .

In Abbildung 8.4 sind sowohl die Breiten dargestellt, die sich unter Berticksichti-
gung aller Kollisionen der Nukleonen ergeben (Quadrate), wie auch die Breiten, die
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wir nur aus den St68en mit Baryonen erhalten (Kreise). Man sieht, daf§ beide Breiten
nur unwesentlich voneinander abweichen, da bei der hier betrachteten Einschuflenergie
von 1 AGeV die Mesonendichte noch recht klein sind. Daher ist die Vernachlissigung
von Meson-Nukleon-Stof3en fiir die Berechnung der Stofibreiten der Nukleonen gerecht-
fertigt. Die gezeigten Stofraten wurden aus einer BUU-Rechnung mit einer Testteil-
chenanzahl von N = 1000 gewonnen. Trotz dieser sehr groflen Zahl sind die lokalen
Stoflraten mit groflen statistischen Fehlern behaftet.

Die in Abbildung 8.4 gezeigten Breiten der Fermi-Gas-Rechnung wurden bei einem
Impuls abgegriffen, der einer kinetischen Energie von 3/2T enstspricht. Die tatséchli-
chen Stofiraten stimmen im Rahmen der numerischen Statistik sehr gut mit diesen
Fermi-Gas-Werten iiberein. Dies gilt auch fiir die frithe Nichtgleichgewichtsphase der
Reaktion. In der Anfangsphase ist zum einen Pauli-Blocking unbedeutend, da ein Grof3-
teil des Phasenraums offensteht, und zum anderen finden die St68e bei relativ hohen in-
varianten Energien statt. Beides wird durch die hohe Temperatur simuliert, die wir mit
dem oben beschriebenen Verfahren aus der Testteilchenverteilung erhalten. Auflerdem
héngt die Nukleonenbreite ohnehin nur schwach von der Temperatur und hauptséchlich
von der Dichte ab. Aus den genannten Griinden ist die Berechnung der Breiten im Rah-
men des einfachen Fermi-Gas-Modells gerechtfertigt, und eine Erweiterung des Modells,
zum Beispiel die Approximation der Phasenraumverteilungsfunktion durch drei Fermi-
Kugeln (siehe [36] fiir die Anwendung eines solchen 3-Fluid-Modells zur Berechnung
der Potentiale), ist nicht notwendig.

Neben der lokalen, impulsgemittelten Nukleonenbreite haben wir mit Hilfe des
BUU-Modells auch die Stofibreiten der Nukleonen als Funktion von Dichte, Tempe-
ratur und Impuls iiber eine Orts- und Zeitintegration bestimmt. Die Resultate sind
in Abbildung 8.5 als Funktion des Impulses im lokalen Ruhesystem fiir verschiede-
ne Dichten und Temperaturen im Vergleich zu der Fermi-Gas-Rechnung dargestellt.
Bei der Bestimmung der Breiten im BUU-Modell tritt das Problem auf, dal Teilchen,
die den gleichen Impuls p im lokalen Ruhesystem haben, verschiedene Lorentzfaktoren
7 = po/p im Rechensystem haben kénnen. Daher berechnen wir die Breiten gemif}
Gleichung (8.10) zusitzlich als Funktion von v (Ny und N, héngen hier nun von |p],
p, T und v ab) und erhalten die in Abbildung 8.5 dargestellten Breiten durch eine mit
Ny gewichtete Mittelung. Wie bereits im Falle der lokalen Breiten liefert die Fermi-
Gas-Rechnung eine sehr gute Beschreibung der aus der BUU-Simulation erhaltenen
Breiten. Diese gute Ubereinstimmung ist ein deutlicher Hinweis darauf, daf die nume-
rische Realisierung des Kollisionsterms im BUU-Modell fehlerfrei ist. Uberdies wird die
Verwendung der Breite aus der Fermi-Gas-Rechnung erneut gerechtfertigt.

8.2 Transporttheoretische Behandlung von Off-Shell-
Nukleonen

8.2.1 Kollisionsterm

Wie bereits im Falle der Vektormesonen vernachliissigen wir Anderungen der Wirkungs-
querschnitte und Zerfallsraten, die sich eigentlich aufgrund einer Mediummodifikation
der Spektralfunktion der Nukleonen ergeben, da ihre Beriicksichtigung den numeri-
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Abbildung 8.5: Vergleich der Nukleonenbreiten als Funktion des Impulses im lokalen
Ruhesystem aus den tatsichlichen Stofiraten der Nukleonen im BUU-Modell und aus
der Fermi-Gas-Rechnung in einer Au+Au-Kollision bei 1 AGeV und b = 0 fiir verschie-
dene Dichten und Temperaturen. Die Breiten aus dem BUU-Modell wurden durch eine
Orts- und Zeitintegration gewonnen.

schen Aufwand drastisch erhthen wiirde. Alle Wirkungsquerschnitte werden mit der
in Gleichung (3.44) definierten freien invarianten Energie /s, ., berechnet. Fiir invari-
ante Energien in St6f8en von Off-Shell-Nukleonen unterhalb von 2My nehmen wir den
Wirkungsquerschnitt als konstant an. Es wurde iiberpriift, daf} sich die Resultate nicht
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dndern, wenn der elastische Nukleon-Nukleon-Wirkungsquerschnitt als Funktion von
V8 froe — 1 — 12 anstelle von /s, verwendet wird. Die In-Medium-Spektralfunktion
der Nukleonen geht nur in die Bestimmung der Viererimpulse der produzierten Nu-
kleonen ein. Im Falle von zwei Teilchen im Endzustand werden die Massen und der
Streuwinkel gemif:

dn ~
dQdpzdjig

bestimmt, wobei W () die entsprechende Winkelverteilung (sieche Anhang A.1) angibt
und p; der Schwerpunktsimpuls der auslaufenden Teilchen mit invarianten Massen
ps und gy ist. Um die Verallgemeinerung von Gleichung (8.11) auf Dreiteilchenend-
zusténde zu vermeiden, fithren wir alle folgenden Rechnungen ohne Prozesse mit Drei-
teilchenendzustinden durch. Diese spielen fiir die globale Reaktionsdynamik ohnehin
nur eine sehr kleine Rolle. Insbesondere vernachléssigen wir NN <> NN.

Die in den Kollisionsterm eingehenden Pauli-Blocking-Faktoren sind gegeben als
(1—f), wobei f iiber Gleichung (2.67) gegeben ist. Mit den derzeit verfiigbaren Moglich-
keiten sind die Testteilchenzahlen zu klein, um f als Funktion von p zu bestimmen.
Uberdies ist die Division durch die Spektralfunktion numerisch problematisch. Daher
nehmen wir das Pauli-Blocking als unabhéingig von der invarianten Masse p an und
ersetzen:

W(Q)pfA3A4, (8.11)

(=i - (1= [arc ).

Die Mittelung im Orts- und Impulsraum geschieht analog zum On-Shell-Transport mit
dem in Kapitel 3.3.4 beschriebenen Verfahren.

8.2.2 Propagation

In Kapitel 6.1.2 hatten wir diskutiert, daf die Transportgleichung (2.66) nicht die rich-
tigen asymptotischen Losungen liefert, da ein stofiverbreitertes Teilchen nicht automa-
tisch seine Stoflbreite verliert, wenn es aus dem nuklearen Medium propagiert. Dort
hatten wir in Gleichung (6.5) fiir die Vektormesonen p und w ein skalares Potential s;
eingefiihrt, das die asymptotische Breite wiederherstellt. Um fiir ein System von Nu-
kleonen Energieerhaltung zu gewéhrleisten, mufl die Riickkopplung dieses Potentials
auf die anderen Nukleonen, die das Potential {iber die Dichte erzeugen, beriicksich-
tigt werden. Das Off-Shell-Potential s; fiir ein Testteilchen ¢ ist nun folgendermafien
definiert:

p(fz (tcr)a tcr) ’
wobei t.,. den Produktionszeitpunkt bezeichnet. Da Nukleonen im Vakuum stabil sind,
ist die Vakuum-Masse ji,q,. = My . Die Masse p; ist somit:

5i(Ti(1),1)) = (ti(ter) = trvac = 5(Tilter), ter))

/,Lz(t) = [yac T Sz(fl(t), t) + g(fl(t), t) (813)
Das Riickkopplungspotential 5 ist gegeben als:
1 1 d3 d - Mwac F _',t, _’7
g(m):_<u_umc>:_f pAp(p = proac) F (7 8,5, 1) (8.14)

2 2 [ EpdpF (7,650
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Das beschriebene Verfahren erhilt die totale Energie, da § der lokale Mittelwert der
Potentiale s; ist:

1
< 8 >=< b — Jhyge — § >= 5 < = Jhyge >= 8§, (8.15)

und damit jedes Teilchen auf die Teilchen am gleichen Ort das gleiche Potential ausiibt,
das diese Teilchen auf das betrachtete Teilchen ausiiben.

Das beschriebene Vorgehen kann auch iiber eine Modifikation der Bewegungsglei-
chung (3.4) fiir die Masse des Testteilchens ausgedriickt werden:

d,ulz o i — Hyae — s dp ds ~ i — Hyae — S choll ds

i 5 @ T., @ ar
wobei wir im letzten Schritt angenommen haben, daf§ die Sto8breite ', (£) o p(t). Da
s; und § in die Bewegungsgleichungen als gewohnliche Potentiale eingehen, erhalten
wir auch eine zugehorige Modifikation der Bewegungsgleichung (3.3) fiir den Impuls
des Testteilchens:

dﬁi__/L_FUS aUS_i_,U/_,U/vac_gaFcoll_i_@

dt Do or | or or)’
wobei wir hier die Einteilchen-Hamiltonfunktion aus Gleichung (2.19) mit dem effekti-
ven skalaren Potential Us und ohne Vektorpotential verwendet haben.

(8.16)

(8.17)

8.3 Observable Effekte

Im folgenden présentieren wir die Resultate des vorgestellten Formalismus exempla-
risch fiir zentrale Au+Au-Kollision bei einer Einschuflenergie von 1 AGeV. Es wurde
iiberpriift, da} die Effekte fiir grofiere Stofparameter und kleinere Systeme #dhnlich
sind. Wir verwenden ein impulsunabhéngiges Nukleonenpotential (Parametersatz M
in Tabelle 2.1). Mit einer weicheren Zustandsgleichung (Parametersatz S) ergeben sich
quantitativ die gleichen Effekte. Die Verwendung eines impulsabhéingigen und nicht
von der invarianten Masse des Teilchens abhéngenden Potentials ist problematisch, da
dann die Testteilchengeschwindigkeit aus Gleichung (3.2) grofler als 1 werden kann.
In der Population der Nukleonen verwenden wir als minimale Masse 400 MeV, um si-
cherzustellen, dafl kein Nukleon aufgrund des Off-Shell-Potentials eine effektive Masse
kleiner als null annimmt.

Wir beschrinken uns in den Rechnungen dieses Kapitels auf Mediummodifikatio-
nen der Spektralfunktionen der Nukleonen und verwenden fiir die Resonanzen Vaku-
umspektralfunktionen. In Kapitel 4.4.4 hatten wir gesehen, daf} sich aus der Beriick-
sichtigung der In-Medium-Spektralfunktion fiir die A-Resonanz keine groflen Effekte
auf die Pionenproduktion ergeben. Wir haben {iberpriift, dafl sich die folgenden Resul-
tate nicht &ndern, wenn die In-Medium-Spektralfunktion der A-Resonanz anstelle der
Vakuumspektralfunktion verwendet wird.

Zunéchst demonstrieren wir in Abbildung 8.6, dafl unser Verfahren auch in der
tatsdchlichen numerischen Realisierung energieerhaltend ist. Die Energiedichte im lo-
kalen Ruhesystem € ist gegeben als:

€= Zn + v, (8.18)
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Abbildung 8.6: Totale Energie als Funktion der Zeit in einer Au+Au-Kollision bei 1
AGeV mit verschiedenen Behandlungen der Off-Shell-Nukleonen.

wobei sich die Summe iiber alle beriicksichtigten Teilchenspezies i erstreckt und die
potentiellen Energiedichte v iiber Gleichung (2.36) mit der totalen Baryonendichte
berechnet wird. Die kinetische Energiedichte 7; ist ohne Off-Shell-Potential gegeben
als:

d*pdp
i = 9i | o VIR PRE(T LD, ). 8.19
T, g/(%)3 p? + pRE(T 8, ) (8.19)
Im Falle der Rechnung mit Off-Shell-Potential fassen wir die Off-Shellness eines Teil-
chens, also die Differenz aus kinetischer Off-Shell- und On-Shell-Energie, als Potential
auf. Da dieses Potential, wie ein Zweiteilchenpotential, proportional zur Dichte ist, geht
es in die Gesamtenergie mit einem Faktor 1/2 ein. Fiir die Nukleonen ergibt sich somit:

d*pd 1 o, o
TN = gnN / (2—71_)5 |:Eonshell + 5 (Eofffshell - Eonshell):| FN(ra tapa M)

d3*pdp 1 — N o, o
= gN/W§ (\/ W+ p?+ \/ Mg +p2> Fn(7,t,p, ). (8.20)

Die totale Energie im Rechensystem ergibt sich aus einer Ortsintegration unter Beriick-
sichtigung der enstprechenden Lorentz-Faktoren.

Im Falle der Rechnung ohne Off-Shell-Nukleonen (durchgezogene Linie in Abbil-
dung 8.6) sieht man, daf§ die totale Energie vom Anfang bis zum Ende der Kollision
bis auf etwa 1% erhalten ist. In der Hochdichtephase liegt die totale berechnete Energie
zwar um etwa 5% unter dem Anfangswert; dies ist aber auf die numerischen Ungenau-
igkeiten bei der Berechnung der Energie und nicht auf eine Verletzung der Energieer-
haltung zuriickzufiihren. Bei Beriicksichtigung der In-Medium-Breiten der Nukleonen
aber ohne Off-Shell-Potential (gestrichelte Linie) ergibt sich nahezu das gleiche Re-
sultat. Die Rechnung mit Off-Shell-Potential und ohne Riickkopplungspotential liefert
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Abbildung 8.7: Spektrale Verteilung der Nukleonen in einer Au-+Au-Kollision bei 1
AGeV. Fiir die untere Abbildung wurde das Off-Shell-Potential aus Gleichung (8.12)
(ohne das Riickkopplungspotential 5) beriicksichtigt.

die gepunktete Linie. Man sieht, dafl Energieerhaltung drastisch verletzt wird und die
totale Energie am Ende der Reaktion etwa 10% iiber der totalen Energie zu Beginn
liegt. Durch das Riickkopplungspotential (strich-gepunktete Linie) wird dies behoben.
Die Gesamtenergie ist nun numerisch genauso gut erhalten wie in der Rechnung ohne
Off-Shell-Nukleonen.

In Abbildung 8.7 ist das massendifferentielle Spektrum der Nukleonen:

dN d?
0= [ R (8.21)
zu verschiedenen Zeiten der Reaktion dargestellt, wobei wir nur die Nukleonen beriick-
sichtigen, die an mindestens einer Kollision teilgenommen haben, da die anderen (oh-
ne Riickkopplungspotential) zu einer d-Funktion bei der Vakuummasse beitragen. Im
oberen Teil ist das Ergebnis der Rechnung ohne Off-Shell-Potential abgebildet. Man
sieht, dafl die Verteilung der Nukleonen am Ende der Reaktion (¢ = 40 fm/c) bei der
Polmasse einen Peak mit einer recht geringen Breite von etwa 10 MeV aufweist. Die
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meisten Nukleonen kommen also allein aufgrund der Kollisionen nahezu auf ihre Mas-
senschale, da wihrend der Expansion des Feuerballs die Bedingung (6.4) gut erfiillt ist.
Allerdings erhalten wir auch einen ziemlich breiten Schwanz von Nukleonen mit niedri-
gen invarianten Massen. Die Beriicksichtigung des Off-Shell-Potentials beseitigt dieses
Problem (unterer Teil von Abbildung 8.7). Die spektrale Verteilung in der Hochdich-
tephase der Reaktion wird durch das Off-Shell-Potential nur geringfiigig beeinfluf}t, da
hier die Stofiraten so grof} sind, da3 die Nukleonen von einer Kollision bis zu néichsten
keinen relevanten Dichtegradienten durchlaufen. Die Verteilung hat eine Breite von
etwa 200 MeV, was deutlich macht, dafl eine On-Shell-Ndherung fiir die Nukleonen
nur sehr schwer gerechtfertigt werden kann. Eine wichtige Eigenschaft der spektralen
Verteilungen ist ihre deutliche Asymmetrie mit einer Erhohung bei kleinen Massen.
Dies ist darauf zuriickzufiihren, daf} der verfiighare Phasenraum mit kleiner werdender
invarianter Masse zunimmt.

8.3.1 Teilchenproduktion

Im oberen Teil der Abbildung 8.8 zeigen wir, dafl die Beriicksichtigung von Off-Shell-
Nukleonen einen groflen Einflufl auf das resultierende Pionenspektrum hat. Die durch-
gezogene Linie stellt das Resultat der Rechnung ohne Off-Shell-Nukleonen dar. Bei
Einschluf} der In-Medium-Spektralfunktionen der Nukleonen in ihrer Population und
ohne Off-Shell-Potential (gestrichelte Linie) ergibt sich eine deutliche Erhohung des
Pionenspektrums fiir grofle Pionenergien um mehr als einen Faktor 2. Das Spektrum
bei kleinen Energien unterhalb von 200 MeV wird nur sehr geringfiigig modifiziert. Die
zusitzliche Beriicksichtigung des Off-Shell-Potentials (gepunktete Linie) und des Riick-
kopplungspotentials (strich-gepunktete Linie) &ndern an dem Off-Shell-Effekt nur sehr
wenig. Fiir diesen Effekt gibt es im wesentlichen zwei Griinde. Zum einen kénnen in der
frithen Phase der Reaktion Nukleonen mit groflen invarianten Massen gebildet werden,
die zu hochenergetischen sekundéren StoBen beitragen. Dies ist der Effekt, der in [147]
untersucht wurde. Zum anderen koénnen auslaufende Nukleonen kleine Massen haben,
so dafl in NN — N R schwerere Resonanzen und in R — N7 hoherenergetische Pionen
erzeugt werden konnen. In einer Nukleon-Nukleon-Kollision bei einer Einschuflenergie
von 1 GeV kann ein Pion mit einer Energie von maximal nur etwa 300 MeV produziert
werden. Die Erhéhung des Spektrums betrifft also nahezu ausschliellich Pionen, die
nur durch kollektive Mechanismen produziert werden konnen.

Im unteren Teil der Abbildung 8.8 zeigen wir die Spektren der K*-Mesonen, die
sich mit den verschiedenen Off-Shell-Szenarien ergeben. Die Beriicksichtigung von Off-
Shell-Nukleonen fiihrt zu einer Erhhung des Spektrums um ungefihr einen Faktor 2,
wobei — wie in der Pionenproduktion — der Einflu} von Off-Shell-Potential und Riick-
kopplung klein ist. Die Erh6hung wird alleine durch den Anstieg von hochenergetischen
Baryon-Baryon- und Meson-Baryon-Kollisionen verursacht, da wir die totalen Produk-
tionswirkungsquerschnitte nicht modifizieren. Eine solche Modifikation verstéirkte den
Effekt, da zum Beispiel in BB — NY K eine endliche Breite des auslaufenden Nukle-
ons zu einer effektiven Absenkung der Produktionsschwelle fiihrt. In der derzeitigen
Rechnung wurde auch fiir die Bestimmung des Kaonenimpulses in BB — NY K die
Vakuumspektralfunktion des Nukleons verwendet. Bei einer Beriicksichtigung der In-
Medium-Spektralfunktion wire eine weitere Erh6hung hochenergetischer Kaonen zu
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Abbildung 8.8: Effekt der Off-Shell-Propagation auf Pionen- (obere Abbildung) und
Kaonen-Spektren (untere Abbildung). Siehe Text fiir eine detaillierte Beschreibung
der Bedeutung der Linien.

erwarten.

Der Grund fiir den recht kleinen Einflufl des Off-Shell-Potentials liegt darin, daf} die
hochenergetischen Mesonen in der frithen Phase der Reaktion produziert werden, in der,
wie wir oben gesehen haben, das Potential aufgrund der hohen Stofiraten keine grofle
Rolle spielt. Neuere Untersuchungen [153] zeigen, daf} sich die hier ad hoc eingefiihrten
Modifikationen der Bewegungsgleichungen der Testteilchen moglicherweise aus der von
uns vernachlissigten Poisson-Klammer zwischen Reg und X< in der urspriinglichen Off-
Shell-Transportgleichung (2.2) ergeben koénnten. Fiir die Produktion hochenergetischer
Mesonen spielen jedoch die genauen Mechanismen, wie die Nukleonen am Ende der
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Abbildung 8.9: Einflu} des Phasenraumfaktors p; in Gleichung (8.11) auf das Pionen-
spektrum.

Reaktion auf ihre Massenschale kommen, vermutlich nur eine untergeordnete Rolle.

In Abbildung 8.9 ist der Einflul des Phasenraumfaktors p; in Gleichung (8.11) auf
das Pionenspektrum dargestellt. Die Rechnung ohne diesen Faktor ergibt eine leichte
Absenkung des Spektrums bei hohen Energien; der Off-Shell-Effekt wird dadurch je-
doch nur unwesentlich beeinflufit. Wir sollten aber betonen, daf eine Vernachlissigung
des Phasenraumfaktors p; nicht sinnvoll ist.

Normalerweise berechnen wir die freie invariante Energie /s freer di€ zur Berechnung
der Wirkungsquerschnitte im Kollisionsterm ben6tigt wird, geméf Gleichung (3.44) mit
den Off-Shell-Massen j; und py der einlaufenden Teilchen. In Abbildung 8.10 zeigt die
gestrichelte Linie das Resultat einer Rechnung, in der \/Efree mit den Vakuummas-
sen berechnet wurde. Man sieht, daf§ hierdurch das Pionenspektrum nur unwesentlich
beeinflufit wird.

Wir erwidhnen hier, dal in der quantenmechanischen Off-Shell-Untersuchung in
[148] auch eine Erhohung der Teilchenproduktion aufgrund von Korrelationen gefun-
den wurde. Ein direkter Zusammenhang mit unseren Rechnungen ist allerdings derzeit
noch unklar.

In [150] wurde ebenfalls ein hadronisches Transportmodell fiir Off-Shell-Nukleonen
entwickelt. Wahrend dort die Massen der Testteilchen mit einer unserer Bewegungs-
gleichung (8.16) dhnlichen Gleichung propagiert werden, besteht ein wesentlicher Un-
terschied zu unserem Modell darin, daf in [150] die Bewegungsgleichung fiir den Impuls
aus der Forderung nach zeitlicher Konstanz der Einteilchenenergie (ohne den Realteil
des Potentials) erhalten wurde. Daraus ergibt sich:

dpi _ _dui

= . .22
dt dt (8:22)

Da in die Bewegungsgleichung fiir 7; die Breite des Teilchens nicht eingeht, kénnen sich
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Abbildung 8.10: Einflufl der Off-Shellness der einlaufenden Teilchen im Kollisionsterm
auf das Pionenspektrum.

in einem solchen Zugang komplexe Impulse ergeben. Um dies zu verhindern, wurde in
[150] in der Population der Nukleonen gefordert, daf:

V2 +p? > My.

In Abbildung 8.11 zeigen wir, dafl in unseren Rechnungen eine solche Forderung den
Off-Shell-Effekt im Pionenspektrum zunichte macht. Die gestrichelte Linie ergibt sich
bei Auswertung der Forderung im Rechensystem, das hier durch das Schwerpunktsys-
tem der beiden einlaufenden Kerne gegeben ist, und die gepunktete bei Auswertung im
lokalen Ruhesystem. Diese beiden Rechnungen stimmen praktisch iiberein und liefern
nahezu das gleiche Spektrum wie die Rechnung ohne Off-Shell-Nukleonen. Es sollte aber
betont werden, dafi die Bewegungsgleichung (8.22) auch im Falle der beschriebenen
Forderung in der Population zu komplexen Impulsen fiihren kann. Daher erscheint
das von uns verwendete Verfahren zur Behandlung von Off-Shell-Nukleonen mit der
Gewihrleistung der Energieerhaltung iiber das Riickkopplungspotential sinnvoller zu
sein.

8.3.2 Kollektive Observablen

In Abbildung 8.12 ist der Einflufy der verschiedenen Off-Shell-Szenarien auf das kine-
tische Energiespektrum der Nukleonen dargestellt. Mit Off-Shell-Nukleonen und oh-
ne Off-Shell-Potential (gestrichelte Linie) ergibt sich eine deutliche Verschiebung des
Spektrums zu grofleren kinetischen Energien. Dies ist darauf zuriickzufiihren, dafl in
dieser Rechnung Nukleonen mit kleinen Massen produziert werden, die ins Vakuum lau-
fen konnen. Die Rechnungen mit Off-Shell-Potential, die die korrekten asymptotischen
Losungen sicherstellen, (gepunktete Linie beziehungsweise strich-gepunktete Linie bei
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Abbildung 8.11: Effekt der Forderung einer minimalen Nukleonenergie bei der Po-
pulation der Off-Shell-Nukleonen auf das Pionenspektrum. Siehe Text fiir genauere
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Abbildung 8.12: Einflu der Off-Shell-Propagtion der Nukleonen auf das kinetische

Energiespektrum der Nukleonen.

zusitzlicher Beriicksichtigung der Riickkopplung) geben nahezu das gleiche Resultat
wie die Rechnung ohne Off-Shell-Nukleonen (durchgezogene Linie).

Zum Abschluf} ist in Abbildung 8.13 der transversale Protonenflufl einer Au+Au-
Kollision bei 1 AGeV Einschuflenergie und einem Stofiparameter von b = 6 fm dar-
gestellt. Die verschiedenen Off-Shell-Behandlungen geben hier praktisch die gleichen
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Abbildung 8.13: Einflufl der Off-Shell-Propagation der Nukleonen auf den transversalen
Protonenfluf} in einer Au+Au-Kollision bei 1 AGeV und b = 6 fm.

Resultate. Die Rechnung mit Off-Shell-Potential und Riickkopplung liefert einen Fluf,
der geringfiigig kleiner ist.
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Kapitel 9

K -Produktion in
Schwerionenkollisionen

In der Einleitung hatten wir bereits angesprochen, dafl die experimentell beobachtete
erhdhte Produktion von K ~-Mesonen bei SIS Energien ein moglicher Hinweis auf ei-
ne Massenabsenkung des Antikaons im nuklearen Medium ist [26]. In den bisherigen
transporttheoretischen Rechnungen [154, 155, 156, 157] zur K ~-Produktion in Schwer-
ionenkollisionen wurde angenommen, dal das K ~-Potential unabhingig von Impuls
und Temperatur ist. Das in diesen Rechnungen verwendete Potential stammte aus
Rechnungen bei Temperatur 77 = 0 und Impuls p = 0. In [158] wurde jedoch im
Rahmen einer Gekoppelten-Kanal-Rechnung gezeigt, da} das K~ -Potential eine sehr
starke Abhéngigkeit von Temperatur und Impuls aufweist. Auflerdem wurden in [158]
mit dem gleichen Modell, das zur Berechnung des K ~-Potentials verwendet wurde,
In-Medium-Wirkungsquerschnitte fiir KN — KN und KN < Y7 berechnet.

Im vorliegenden Kapitel prisentieren wir die Implementierung des Potentials und
der In-Medium-Wirkungsquerschnitte aus [158] in unser Transportmodell und diskutie-
ren die observablen Konsequenzen. Eine unwesentlich modifizierte Darstellung unserer
Resultate findet sich auch in [158].

9.1 Mediumeffekte auf K-Mesonen

In dem Modell aus [158], wie auch denen aus [159, 160, 161], ergibt sich die A(1405)-
Resonanz als gebundener N K-Zustand. Die Bindungsenergie betriigt nur etwa 30 MeV,
und deshalb ergeben sich drastische Modifikationen der A(1405)-Resonanz im nuklearen
Medium aufgrund des Pauli-Blockings des Nukleons, da hierdurch die Impulskompo-
nenten der Wellenfunktion unterhalb des Fermi-Impulses abgeschnitten werden [159].
Die Masse der A(1405)-Resonanz verschiebt sich zu héheren Energien, und die Breite
wird durch das Aufgehen des NK-Kanals deutlich vergroBert. Wihrend sich in einer
Niedrigdichtendherung ein repulsives Potential des Antikaons in Kernmaterie ergibt,
da die A(1405)-Resonanz im Vakuum unterhalb der Kaon-Nukleon-Schwelle liegt, wird
das Potential bereits fiir sehr kleine Dichten aufgrund der Massenverschiebung der
A(1405)-Resonanz attraktiv. Das Pauli-Blocking des Nukleons hingt sehr stark von
der Temperatur und vom Impuls der A(1405)-Resonanz relativ zur Kernmaterie ab.
Daher wird der beschriebene Effekt mit zunehmendem Impuls und zunehmender Tem-

207
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Abbildung 9.1: Das optische Potential des Antikaons als Funktion der Temperatur fiir
verschiedene Dichten und p = 0. Die Abbildung wurde [158] entnommen.

peratur reduziert [158]. In Abbildung 9.1 zeigen wir beispielhaft das Resultat aus [158]
fiir das optische Potential des Kaons mit Impuls p = 0 fiir verschiedene Dichten als
Funktion der Temperatur. Man sieht, da} das Potential bei p = T = 0 sehr attraktiv
ist (100 MeV bereits bei pg), jedoch schon bei recht niedrigen Temperaturen (~30 MeV
bei pg) repulsiv wird.

Bei kleinen Impulsen wird die Antikaon-Nukleon-Streuung durch die Présenz der
A(1405)-Resonanz dominiert. Eine Verschiebung der Masse der A(1405)-Resonanz nach
oben fiihrt zu einer deutlichen Erhéhung der Wirkungsquerschnitte, da der Pol der
Resonanz in den Bereich nichtgebundener K N-Zustinde wandert. In Abbildung 9.2
ist das Ergebnis der Rechnung aus [158] fiir den Wirkungsquerschnitt 73 — K™p
fiir verschiedene Impulse des Stoflsystems relativ zur Kernmaterie als Funktion der
invarianten Energie /s dargestellt. Bei kleinen Impulsen wird der Wirkungsquerschnitt
bereits bei Dichte py um mehr als einen Faktor 20 erhoht.

9.2 Observable Effekte in Schwerionenkollisionen

9.2.1 Implementierung der Mediummodifikationen

Um die observablen Konsequenzen des Modells aus [158] zu untersuchen, haben wir
das K-Potential und die In-Medium-Wirkungsquerschnitte in unser Transportmodell
implementiert. Die Impulsabhéngigkeit des Potentials wurde nicht beriicksichtigt, da
es fiir Impulse um 300 MeV so stark mit dem Impuls ansteigt, dafl sich Geschwindig-
keiten ergeben wiirden, die gréfler als 1 sind. Dies ist ein Artefakt der nicht-relativis-
tischen Rechnung in [158], und es ist derzeit keine Methode verfiigbar, aus dem nicht-
relativistischen Potential ein relativistisches Potential mit dem richtigen Verhalten zu
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Abbildung 9.2: In-Medium-Erhohung des Wirkungsquerschnittes fiir 73 — K~p bei
Dichte pg und Temperatur T = 0 fiir verschiedene totale Impulse des Stoflsystems
relativ zur Kernmaterie. Die Abbildung wurde [158] entnommen.

erzeugen. Bei Beriicksichtigung der Impulsabhéngigkeit ergibt sich eine Reduktion der
In-Medium-Effekte in Schwerionenkollisionen, da das Potential mit zunehmendem Im-
puls weniger attraktiv oder sogar leicht repulsiv wird [158].

Wie im Falle der Nukleonen fassen wir das nicht-relativistische Kaonenpotential im
lokalen Ruhesystem als nullte Komponente eines Vektorpotentials auf und definieren
gemifl Gleichung (2.33) ein skalares Potential, das wir in der Rechnung verwenden.
Die Temperatur-Berechnung hatten wir bereits in Kapitel 8.1.1 ausfiihrlich dargestellt.
Ahnlich wie im Falle der StoBbreiten der Nukleonen ist auch hier die Verwendung
des mit unserem Verfahren bestimmten Parameters 7" in der frithen Nichtgleichge-
wichtsphase gerechtfertigt, da der geringe Einflul von Pauli-Blocking-Effekten durch
eine hohe Temperatur simuliert wird. Bei Beriicksichtigung der Temperaturabhéingig-
keit gehen in die Propagation der K-Mesonen nicht nur die Dichtegradienten, sondern
auch die Temperaturgradienten ein. Im Rahmen der hier verwendeten numerischen
Realisierung der Propagation (siehe Kapitel 3.1.2) ergibt sich dies unmittelbar aus
der Ortsabhéngigkeit der Einteilchen-Hamiltonfunktion und erfordert keine explizite
Beriicksichtigung.

In der Population der K-Mesonen wird dem Potential Rechnung getragen, indem
die entsprechenden Produktionswirkungsquerschnitte als Funktion von \/Efree - Ug
anstelle von \/Efme berechnet werden, wobei Ui das optische Potential bezeichnet.
Dies ist natiirlich ein sehr vereinfachtes Vorgehen. In Kapitel 3.4.4 hatten wir dis-
kutiert, dafl die eindeutige Bestimmung von Potentialkorrekturen auf Wirkungsquer-
schnitte die Kenntnis der Impulsabhéngigkeit der Matrixelemente erfordert. Fiir die
K-Produktion verwenden wir allerdings hiufig nur einfache Parametrisierungen von
Wirkungsquerschnitten. Daher ist im derzeitigen Rahmen eine Verbesserung des be-
schriebenen Vorgehens schwierig.

Die Wirkungsquerschnitte in K N-Kollisionen werden als Funktion von /s free D€
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rechnet. Angesichts der starken Kopplung der Kanile KN und Y7 und der Verlet-
zung von Zeitumkehrinvarianz (Detailed Balance) in unserem Verfahren ist die hier
verwendete Methode durchaus fragwiirdig. Wir sollten aber betonen, daf§ in allen der-
zeit verfiigharen transporttheoretischen Rechnungen [154, 156, 157] das angesprochene
Problem besteht.

Die In-Medium-Wirkungsquerschnitte des Modells aus [158] sind Funktionen der
invarianten Energie /s, der Dichte p, der Temperatur T und des totalen Impulses des
Stofisystems relativ zum nuklearen Medium p. Aus Griinden der numerischen Einfach-
heit haben wir keine Rechnung mit Wirkungsquerschnitten, die von allen vier Variablen
abhingen durchgefiihrt, sondern entweder die Temperatur- oder die Impulsabhéingig-
keit vernachldssigt. Wir werden spéter sehen, dafl bereits die Beriicksichtigung der
Temperatur- oder der Impulsabhéingigkeit die observablen Effekte der Mediummo-
difikationen zunichte macht, so dafl eine simultane Beriicksichtigung keine weiteren
Erkenntnisse lieferte. In dem Modell aus [158] werden Wirkungsquerschnitte bis zu
invarianten Energien /s von 1.52 GeV fiir die folgenden Kanéle berechnet:

KN — KN
KN <« 7A
KN + 73X

Um eine einfachere numerische Implementierung dieser Wirkungsquerschnitte zu er-
moglichen, verzichten wir in den hier prisentierten Rechnungen auf die explizite Pro-
pagation der Y*-Resonanzen. Ihre Beitrige zu den Prozessen KN — KN, KN < 7Y,
und KN — Y*1 werden zu den nicht-resonanten Untergrund-Wirkungsquerschnitten
hinzuaddiert (siehe Anhang A.2.3). Es wurde iiberpriift, da§ sich unsere Resultate bei
einer expliziten Propagation der Y*-Resonanzen nicht #ndern. Uberdies haben wir veri-
fiziert, daf die Vakuumwirkungsquerschnitte des Modells aus [158] sehr gut mit den von
uns normalerweise verwendeten {ibereinstimmen. In den folgenden Rechnungen benut-
zen wir fiir invariante Energien unterhalb von 1.52 GeV stets die Wirkungsquerschnitte
des Modells aus [158]. Fiir hthere Energien verwenden wir die Vakuumwirkungsquer-
schnitte, die sich im Anhang A.2.3 finden.

Die Kaonen und Hyperonen werden hier mit dem in Kapitel 3.6 beschriebenen Ver-
fahren als perturbative Teilchen behandelt. Die perturbative Behandlung ist zur Be-
rechnung von K ~-Produktion zwingend erforderlich, da in Kollisionen bei SIS-Energien
nur sehr wenige Kaonen produziert werden. So erhalten wir zum Beispiel in einer
zentralen Ni+Ni-Kollision im Mittel lediglich etwa 0.1 K*-Mesonen und 0.002 K-
Mesonen. In jeder Kollision zweier realer Teilchen erzeugen wir, falls ihre invariante
Energie ausreicht, einen perturbativen Endzustand mit Strangeness, wobei das Ge-
wicht w; der produzierten Teilchen iiber Gleichung (3.56) aus dem jeweiligen totalen
Wirkungsquerschnitt zur Strangenessproduktion bestimmt wird. Der Kanal wird dann
iiber eine Monte-Carlo-Entscheidung geméf der partiellen Wirkungsquerschnitte fest-
gelegt. Wir sollten betonen, daf} es zur Berechnung von K~-Produktion notwendig ist,
alle perturbativ erzeugten Hyperonen, zum Beispiel in KN — Y7, in der weiteren
Rechnung zu beriicksichtigen. Die Verwendung nur eines totalen inelastischen K N-
Wirkungsquerschnittes und die Vernachldssigung der Reaktionsprodukte wie in [156]
ist aufgrund der starken Kopplung der Kanéle nicht richtig. Da die Anzahl der Hype-
ronen etwa einen Faktor 50 iiber der Anzahl der Antikaonen liegt, ist die Berechnung
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Abbildung 9.3: Inklusiver invarianter K T-Produktionswirkungsquerschnitt in Ni+Ni-
Kollisionen bei 1.8 AGeV. Fiir die gestrichelte Linie wurde die experimentelle Akzep-
tanz (40° < 64, < 48°) nicht beriicksichtigt. Die Daten stammen aus [26]

von K~ -Produktion trotz der Verwendung der perturbativen Teilchen numerisch recht
aufwendig.

9.2.2 Ergebnisse

In Abbildung 9.3 vergleichen wir zunichst das Ergebnis unseres Modells fiir das K-
Spektrum in Ni+Ni-Kollisionen bei 1 AGeV mit experimentellen Daten. Da alle pro-
duzierten 3-Quarks am Ende der Reaktion in K- und K°-Mesonen enthalten sind,
kénnen wir hier tiberpriifen, ob wir die totale Strangenessproduktion korrekt beschrei-
ben. Aus Abbildung 9.3 sieht man, daB die Ubereinstimmung mit den experimentellen
Daten zufriedenstellend ist, obwohl das berechnete Spektrum um etwa 30% unter den
experimentellen Daten liegt. Die gestrichelte Linie ergibt sich bei Vernachldssigung
der experimentellen Winkelakzeptanz (40° < 6., < 48°) und stimmt besser mit den
experimentellen Daten iiberein.

Nachdem wir gezeigt haben, dafl unser Modell die totale Strangenessproduktion zu-
friedenstellend beschreibt, konnen wir uns der Produktion von Antikaonen zuwenden
und den Einflul der Mediummodifikationen studieren. Da die Mediumeffekte auf das
Potential und die Wirkungsquerschnitte bei Temperatur 7' = 0 und Impuls p = 0 am
ausgeprigtesten sind, prasentieren wir zunédchst Resultate, fiir die wir die Potentiale
und Wirkungsquerschnitte nur abhéngig von der Dichte p bei p = T" = 0 verwen-
det haben, um die maximal moglichen Effekte darzustellen. Wie bereits einleitend
erwdhnt, wurde in den bisherigen Rechnungen zur K ~-Produktion in Schwerionenkol-
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Abbildung 9.4: Inklusiver invarianter K ~-Produktionswirkungsquerschnitt in Ni+Ni-
Kollisionen bei 1.8 AGeV. In den Rechnungen wurde die experimentelle Akzeptanz
nicht beriicksichtigt. Die Daten stammen aus [26]. Siehe Text fiir eine genaue Erklarung
der verschiedenen Linien.

lisionen [154, 156] die Temperatur- und Impulsabhéngigkeit des Antikaonenpotentials
stets vernachlissigt.

In Abbildung 9.4 vergleichen wir unsere Rechnungen zum K ~-Spektrum in Ni+Ni-
Kollisionen mit den experimentellen Daten aus [26]. Aufgrund der begrenzten numeri-
schen Statistik haben wir die experimentelle Winkelakzeptanz (40° < 6,4, < 48°) nicht
beriicksichtigt. Wir haben iiberpriift, daf} sich im Rahmen der numerischen Fluktuatio-
nen unsere Resultate bei Anwendung der Akzeptanz nicht &ndern, wobei aber durchaus
Effekte wie im Falle des K*-Spektrums moglich sind. Aus Abbildung 9.4 sieht man,
daf die Mediummodifikation der Wirkungsquerschnitte (gestrichelte Linie) das Spek-
trum bei niedrigen Kaonenergien um etwa einen Faktor 2 gegeniiber der Rechnung ohne
Mediummodifikationen (durchgezogene Linie) erhoht, jedoch nur einen kleinen Einflufl
fiir Kaonenergien oberhalb von 200 MeV hat. Die Anwendung des K-Potentials (ge-
punktete Linie) liefert ein recht #hnliches Ergebnis. Die gleichzeitige Verwendung der
mediummodifizierten Wirkungsquerschnitte und des K-Potentials (strich-gepunktete
Linie) fiihrt zu einer Erhohung des Spektrums bei kleinen Energien um etwa einen
Faktor 3 und gibt — mit Ausnahme der beiden Datenpunkte bei den niedrigsten Ener-
gien — eine recht gute Beschreibung der experimentellen Daten.

Die Modifikation der Wirkungsquerschnitte zu 7Y <+ KN fiihrt nicht nur zu ei-
ner Erhéhung der K-Produktion, sondern auch zu einer Verstirkung der Absorpti-
on. Um dies zu demonstrieren, zeigen wir in Abbildung 9.5 die Anzahl der Kollisio-
nen zu KN — 7Y (durchgezogene Linien) und 73 — KN (gestrichelte Linien) als
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Abbildung 9.5: Zeitintegrierte Anzahl von 7% — K N- und KN — 7Y -Kollisionen als
Funktion von /s fiir verschiedene Mediummodifikationen. Die Zahlen stammen aus
einer Ni+Ni-Kollision bei 1.8 AGeV und b = 3 fm.

Funktion der invarianten Kollisionsenergie (unter Vernachlissigung des Baryonenpo-
tentials). Man sieht, dafi die Modifikation der Wirkungsquerschnitte die Anzahl der
7% — KN-Kollisionen fiir invariante Energien unterhalb von 1.52 GeV um etwa
einen Faktor 3 erhoht. Die Beriicksichtigung des Potentials fiihrt zu einem Anstieg
der KN — Yr-Kollisionen um einen Faktor 2, da mehr Antikaonen, insbesonde-
re in Baryon-Baryon- und Pion-Baryon-Stéfen, produziert werden, withrend die K-
Produktion in 73-Std8en nur leicht erhtht wird. Aufgrund des attraktiven K-Potentials
werden die y/s-Verteilungen zu kleineren Energien verschoben. In der Rechnung mit
modifizierten Wirkungsquerschnitten und K-Potential erhoht sich die K-Produktion
in mX-Kollisionen unterhalb von 1.52 GeV um mehr als einen Faktor 5 im Vergleich
zu der Rechnung ohne Mediummodifikationen. Allerdings ist auch die K-Absorption
wesentlich grofier.

In Abbildung 9.6 préisentieren wir die Resultate von Rechnungen, in denen zusétz-
lich zur Dichteabhéngigkeit der Wirkungsquerschnitte oder des Potentials die Tem-
peratur- oder Impulsabhingigkeit beriicksichtigt wurde. Man sieht unmittelbar, daf
keines der betrachteten Szenarien zu einer Erh6hung der K~-Produktion gegeniiber
der Rechnung ohne Mediummodifikationen (durchgezogene Linie) fiihrt. Die Verwen-
dung der impuls- (gestrichelte Linie) oder temperaturabhéngigen Wirkungsquerschnit-
te (gepunktete Linie) liefert Resultate, die nahezu mit der Rechnung ohne Modifika-
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Abbildung 9.6: Effekte von impuls- oder temperaturabhingigen Mediummodifikationen
auf das K~-Spektrum in einer Ni+Ni-Kollision bei 1.8 AGeV und b = 3 fm. Die
Fluktuationen sind durch die numerische Statistik bedingt. Siehe Text fiir eine genaue
Erkldrung der Linien.

tionen {ibereinstimmen. Bei Anwendung des temperaturabhéingigen Potentials (strich-
gepunktete Linie beziehungsweise punkt-punkt-gestrichelte Linie bei zusétzlicher Ver-
wendung der temperaturabhingigen Wirkungsquerschnitte) wird die K~ -Produktion
sogar leicht reduziert, da in unserer Rechnung die Temperatur-Dichte-Korrelationen so
sind, daf} das Potential fast immer repulsiv ist.

An dieser Stelle sollten wir deutlich betonen, dafl die transporttheoretische Be-
rechnung der totalen K~-Produktion in Schwerionenkollisionen mit erheblichen Unsi-
cherheiten beziiglich der Verwendung unbekannter elementarer Wirkungsquerschnitte,
wie zum Beispiel AA — KX oder TA — KX, behaftet ist. In diesem Zusammen-
hang erwidhnen wir auch, dafl bislang noch nicht einmal Strangenessproduktion in
Proton-Neutron-Kollisionen experimentell gemessen wurde und dafl die normalerwei-
se in Transportmodellen verwendeten Isospinfaktoren durchaus zweifelhaft sind (siehe
Anhang A.1.4). Aus diesen Griinden erscheint eine Bestimmung des K~ -Potentials aus
den experimentellen Daten zur totalen K~ -Produktion kaum moglich zu sein. Eine
Observable, die auf die angesprochenen Unsicherheiten nicht sensitiv ist, ist moglicher-
weise der K ~-Fluf}. Deshalb zeigen wir in Abbildung 9.7 den Einfluf} der verschiedenen
Mediummodifikationen auf transversalen K ~-Fluf}. Der Anti-Fluf}, der in der Rechnung
ohne Mediummodifikationen zu sehen ist, wird durch die Modifikation der Wirkungs-
querschnitte (gestrichelte Linie) kaum beeinflufit. Das gilt auch, wenn die Temperatur-
oder Impulsabhéngigkeit der Wirkungsquerschnitte beriicksichtigt wird. Das attrak-
tive K ~-Potential (fiir p = 7" = 0) hat demgegeniiber einen deutlichen Einflufl und
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Abbildung 9.7: Einflufl von Mediummodifikationen auf transversalen K ~-Fluf} in einer
Ni+Ni-Kollision bei 1.8 AGeV und b = 3 fm: Ohne Mediummodifikationen (durchge-
zogene Linie), mit modifizierten Wirkungsquerschnitten fiir 7Y <+ KN beip=T = 0
(gestrichelte Linie), mit dem K-Potential bei p = T = 0 (gepunktete Linie).

fiihrt zu einem positiven K~ -Fluf}, da die Antikaonen nun den Nukleonen folgen. Bei
Beriicksichtigung der Temperaturabhéngigkeit verschwindet dieser Effekt.

In Abbildung 9.8 vergleichen wir unsere Rechnungen mit den experimentellen Da-
ten der FOPI-Kollaboration [162] zum K~ /K -Verhiltnis in *Ru+°Ru-Kollisionen
bei 1.69 AGeV. Die experimentelle Akzeptanz (p;, > 0.1 GeV, 39° < 6, < 135°,
v < 0.32 GeV) wurde in unseren Rechnungen beriicksichtigt. Man sieht, dafl bereits
die Rechnung ohne Mediummodifikationen (durchgezogene Linie) die experimentellen
Daten zufriedenstellend beschreibt, obwohl die berechnete Verteilung etwas zu flach
erscheint. Die Rechnung mit modifizierten Wirkungsquerschnitten (fiir p = 7' = 0)
liefert eine Erhohung des K~ /K T-Verhéltnisses um etwa 50% in dem experimentell
gemessenen Bereich des Phasenraumes und ist auch noch mit den experimentellen Da-
ten vertriiglich. Das attraktive K-Potential (fiir p = T = 0) (gepunktete Linie) fiihrt
zu einem ausgeprigten Anstieg des Verhiltnisses hin zu mittleren Rapiditéiten. In dem
experimentell gemessenen Bereich ist allerdings auch dieses Szenario kaum von der
Rechnung ohne Mediummodifikationen zu unterscheiden. Hier sollten wir bemerken,
daB die theoretischen Rechnungen im niedrigsten Rapiditétsintervall um 3° = —1.4
mit sehr groflen numerischen Unsicherheiten behaftet sind, da die Rapiditétsvertei-
lungen hier praktisch verschwinden. Die Rechnung mit gleichzeitiger Beriicksichtigung
von In-Medium-Wirkungsquerschnitten und K-Potential (strich-gepunktete Linie) gibt
eine recht flache Verteilung und iiberschitzt die Daten um etwa 50%. Der Einschlufl
der Temperaturabhingigkeit gibt wieder ein Resultat, das sogar etwas unterhalb der
Rechnung ohne Mediummodifikationen liegt.

Zum Abschluf} dieses Kapitels wollen wir unsere Resultate kurz mit denen in [154,
156, 157] vergleichen. Unsere Rechnung zur K~ -Produktion in Ni+Ni-Kollisionen bei
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Abbildung 9.8: EinfluB von Mediummodifikationen auf das K~/K*-Verhiltnis in
Ru+Ru-Kollisionen bei 1.69 AGeV fiir b < 4 fm als Funktion der normalisierten Ra-
piditdt (3 = Ypeam/yors — 1): Ohne Mediummodifikationen (durchgezogene Linie),
mit modifizierten Wirkungsquerschnitten fiir 7Y <+ KN bei p = T = 0 (gestrichel-
te Linie), mit dem K-Potential bei p = T = 0 (gepunktete Linie), mit modifizierten
Wirkungsquerschnitten und Potential (strich-gepunktete Linie). Die experimentellen
Daten stammen aus [162].

1.8 AGeV (Abbildung 9.4) ohne Mediummodifikationen stimmt recht gut mit der ent-
sprechenden Rechnung in [154] {iberein, wihrend die Rechnung in [156] um einen Faktor
2 kleinere Wirkungsquerschnitte liefert. Der Effekt des attraktiven K-Potentials ist in
unseren Rechnungen etwas schwicher ausgeprigt als in [154, 156]. Wihrend wir fiir ei-
ne Kaonenergie von 200 MeV nur eine Erhohung des Spektrums um etwa 50% erhalten,
betrigt diese in [154] etwa einen Faktor 2 und in [156] sogar einen Faktor 3.

In den Rechnungen zum K~ /K*-Verhiltnis in Ru+Ru-Kollisionen bei 1.69 AGeV
[157] wurde die experimentelle Akzeptanz nicht beriicksichtigt. Ohne In-Medium-Modi-
fikationen liegt diese Rechnung weit unterhalb der Datenpunkte, wihrend die Beriick-
sichtigung von impulsunabhingigen Potentialen fiir die Kaonen zu einer sehr guten
Beschreibung der Daten fiihrt [162]. Unsere Rechnung ohne experimentelle Akzeptanz
gibt bei mittlerer Rapiditit ein K~ /K-Verhiltnis, das etwa einen Faktor 3 bis 4
groBer ist als das in [157].



Kapitel 10

Zusammenfassung und Ausblick

In der vorliegenden Arbeit wurde, aufbauend auf den Modellen aus [36, 40], ein ha-
dronisches Transportmodell entwickelt, das die Berechnung von inklusiver Teilchen-
produktion in Schwerionenkollisionen bis zu Einschuflenergien von 200 AGeV sowie in
photon- und pioninduzierten Reaktionen ermdéglicht. In den Kapiteln 2 und 3 sowie
in Anhang A wurde eine vollstdndige und detaillierte Darstellung des Modells und
seiner numerischen Realisierung gegeben. Insbesondere wurde die Behandlung breiter
Resonanzen, die Realisierung von Mehrteilchenstéflen und die Stabilitdt des Kernes im
Anfangszustand diskutiert.

Im Zusammenhang mit der Photoproduktion von Pionen in Kernen bis zu Ener-
gien von 1 GeV wurden ausfiihrlich Mediummodifikationen der Breite der Ps33(1232)-
Resonanz besprochen. Die aus den in hadronischen Transportmodellen normalerweise
verwendeten Wirkungsquerschnitten resultierende Stofibreite ist ungeféhr einen Faktor
2 kleiner als der Wert aus A-hole-Rechnungen. Eine befriedigende Beschreibung der
neuen experimentellen Daten der TAPS-Kollaboration zur 7°%-Produktion, insbesonde-
re der impulsdifferentiellen Spektren, gelingt jedoch nur bei Verwendung der Stofibreite
aus den A-hole Rechnungen. Der Grund fiir die zu kleine Stobreite liegt in der Ver-
nachléssigung von Dreikérperabsorptionsprozessen ANN — NNN in den iiblicherwei-
se verwendeten hadronischen Transportmodellen.

Es wurden die observablen Konsequenzen der erhdhten A-Absorption in Pion-
Kern-Reaktionen bei Energien bis zu 300 MeV und in Schwerionenkollisionen bei SIS-
Energien untersucht. Im Falle der pioninduzierten Reaktionen sind jedoch die existie-
renden experimentellen Daten mit recht groflen Fehlerbalken behaftet, so daf} diese Da-
ten keine Diskriminierung der verschiedenen Szenarien erlauben. In Schwerionenkolli-
sionen bei SIS-Energien erhéhen sich zwar die Raten der A-Produktion und -Absorption
bei Beriicksichtigung des Prozesses NNN <> NNA um mehr als einen Faktor 3. Die
observablen Pionenspektren werden durch den Dreikérperprozefl aber nahezu nicht mo-
difiziert. Der Grund hierfiir liegt darin, dafl in den betrachteten Schwerionenkollisionen
eine fast vollstindige Aquilibrierung erreicht wird und der Ausfriervorgang bei einer
Dichte stattfindet, die so klein ist (~ py/2), daB hier der Dreiteilchenprozef keine Rolle
spielt.

In Kapitel 5 wurden Mediummodifikationen der D;3(1520)-Resonanz diskutiert. Es
wurden verschiedene Szenarien vorgestellt, die ihr ,, Verschwinden® im totalen Photo-
absorptionswirkungsquerschnitt an Kernen erklidren konnen: eine starke Erhohung der
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N p-Breite aufgrund einer Mediummodifikation des p-Mesons, eine effektive Massen-
verschiebung durch die Impulsabhéingigkeit des Realteils der Selbstenergie und eine
Stof3breite von 300 MeV. Der Einflufl dieser Szenarien auf exklusivere Observablen,
wie Einpionen-, Zweipionen- und Dileptonenproduktion wurde untersucht. Wir haben
gesehen, dafl die pionischen Observablen nicht sehr sensitiv auf Mediummodifikationen
der D;3-Resonanz sind, da die beobachtbaren Pionen, insbesondere in der Zweipio-
nenproduktion, vornehmlich bei kleinen Dichten an der Oberfliche emittiert werden.
Einen grofien Effekt der Mediummodifikationen haben wir demgegeniiber in der ete™-
Produktion gefunden. Hier wird das Spektrum bei intermediiren Massen durch eine
vergroflerte N p-Breite um mehr als einen Faktor 2 erhoht.

Die Photoproduktion von ete~-Paaren in Kernen im Energiebereich zwischen 800
MeV und 2.2 GeV wurde ausfiihrlich in Kapitel 6 dargestellt, und es wurden Vor-
hersagen fiir zukiinftige Experimente gegeben. Es wurde gezeigt, dafl der sogenannte
Bethe-Heitler-Prozef3, der alle integrierten Wirkungsquerschnitte dominiert, durch ki-
nematische Schnitte hinreichend unterdriickt werden kann. Die massendifferentiellen
Spektren der , hadronischen* Beitrige werden fiir invariante Massen oberhalb von 500
MeV durch die Zerfille der Vektormesonen p, w und ¢ beherrscht. Wir haben gezeigt,
dal Massenverschiebungen der Vektormesonen, wie sie zur Beschreibung der expe-
rimentellen Dileptonenspektren in Schwerionenkollisionen bei SPS-Energien benétigt
werden, auch in photonuklearen Reaktionen deutliche observable Konsequenzen ha-
ben. Fiir eine Photonenergie von 1.5 GeV ergibt sich zum Beispiel bei einer Masse von
650 MeV eine Erhohung des eTe -Spektrums um mehr als einen Faktor 3. Es wurde ein
Modell vorgestellt, daf die konsistente dynamische Beriicksichtigung der Stofiverbreite-
rung der Vektormesonen p und w erlaubt. Hierzu wurde ad hoc ein Off-Shell-Potential
eingefiihrt, welches dazu dient, die korrekten asymptotischen Losungen sicherzustellen.
Die Beriicksichtigung der Stoverbreiterung fiihrt in unseren Rechnungen zu einer deut-
lichen Reduktion der In-Medium-Effekte, da die im Kern zerfallenden Vektormesonen
deutlich verbreitert werden und somit der In-Medium-Peak sehr stark ausgewaschen
wird. Aber auch mit Stoiverbreiterung ergibt sich noch eine Erhhung der Spektren fiir
intermedifire Massen um etwa einen Faktor 2. Verglichen mit Schwerionenkollisionen
werden die Vektormesonen in photonuklearen Reaktionen mit recht groflen Impulsen
produziert. Wir haben daher auch die observablen Konsequenzen einer impulsabhéngi-
gen Selbstenergie des p-Mesons untersucht und gezeigt, dafl die Impulsabhéngigkeit zu
einem Verschwinden der sichtbaren Medium-Effekte in Photon-Kern-Reaktionen fiihren
kann.

In Kapitel 6.3 wurden die Resultate fiir Pion-Kern-Reaktionen bei einer Energie von
1.3 GeV vorgestellt. Hier sind wir ausfiihrlich auf die Unsicherheiten in unseren Rech-
nungen eingegangen, die hauptsichlich daher riihren, daf} es zur Dileptonenproduktion
in Pion-Nukleon-Reaktionen im relevanten Energiebereich derzeit weder experimentelle
Daten, noch zuverlissige Modelle gibt. Fiir eine sinnvolle Interpretation zukiinftiger Ex-
perimente zur Dileptonenproduktion in Pion-Kern-Reaktionen ist es daher unerlaflich,
daf} auch die elementaren Reaktionen experimentell gemessen werden. Das gleiche gilt
auch fiir Photon-Kern-Reaktionen.

Vorhersagen fiir die inklusive Photoproduktion von Pionen, Etas, Kaonen und An-
tikaonen im Energiebereich zwischen 1 und 7 GeV wurden in Kapitel 7 dargestellt.
Dieser Energiebereich ist von groflem Interesse, da hier der sogenannte Shadowing-
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Effekt einsetzt, der moglicherweise auch mit Mediummodifikationen des p-Mesons zu-
sammenhingt. Der Schwerpunkt unserer Untersuchungen lag auf den Effekten des Sha-
dowings und der Endzustandswechselwirkung der primér produzierten Teilchen. Wie
im Falle der Dileptonenproduktion sind unsere Rechnungen auch hier mit der Unsi-
cherheit behaftet, dafl die elementaren Wirkungsquerschnitte experimentell noch nicht
gemessen sind. Es wurde gezeigt, daf§ die invarianten 7+ 7~ -Spektren nur eine sehr ge-
ringe Sensitivitit auf Mediummodifikationen des p-Mesons zeigen, da die Pionen nur
eine sehr kleine freie Weglinge in Kernmaterie aufweisen und daher im invarianten
Massenspektrum nur die p-Mesonen, die bei sehr kleinen Dichten zerfallen, sichtbar
sind.

Das fiir die Behandlung der Stoflverbreiterung der Vektormesonen entwickelte Ver-
fahren wurde in Kapitel 8 auch auf die Off-Shell-Propagation der Nukleonen in Schwer-
ionenkollisionen angewandt. Zum einen haben wir gesehen, dafl die Stofbreiten der
Nukleonen in der Hochdichtephase einer Kern-Kern-Reaktion bereits bei SIS-Energien
200 bis 300 MeV betragen und daher eine On-Shell-Ndherung, wie sie bisher in allen
Transportrechnungen gemacht wurde, kaum gerechtfertigt werden kann. Zum anderen
wurde gezeigt, dafl sich bei der dynamischen Beriicksichtigung der Off-Shellness der
Nukleonen die Produktion hochenergetischer Mesonen um Faktoren 2 bis 3 erhoht.

In Kapitel 9 haben wir die Resultate unseres Modells zur K ~-Produktion in Schwer-
ionenkollisionen bei SIS-Energien prisentiert. Die Rechnungen ohne Mediummodifika-
tionen des K~ -Mesons liegen etwa einen Faktor 2 bis 3 unter den experimentellen Da-
ten. Es wurden In-Medium-Wirkungsquerschnitte fiir 7Y <+ KN und das K-Potential
einer Gekoppelten-Kanal-Rechnung in unser Transportmodell implementiert. Obwohl
die Wirkungsquerschnitte im Medium sehr stark erh6ht werden, ergibt sich letztlich nur
eine vergleichsweise geringe Erhohung der K~-Produktion in Schwerionenkollisionen,
da nicht nur die Produktion in Pion-Hyperon-Kollisionen verstirkt wird, sondern auch
die Absorption der Antikaonen. Bislang wurde in allen Rechnungen die Temperatur-
und Impulsabhingigkeit des K-Potentials vernachlissigt. Wir haben gezeigt, daf die
Beriicksichtigung dieser Abhéngigkeiten sowohl den Effekt des Potentials als auch den
der Modifikation der Wirkungsquerschnitte zunichte macht.

Ein zentrales Ergebnis der vorliegenden Arbeit besteht darin, daf es fiir die Su-
che nach Mediummodifikationen in nuklearen Reaktionen zwingend erforderlich ist,
Modelle zu verwenden, die alle experimentellen Daten gleichzeitig beschreiben kénnen.
Selbst im Aquilibrium héingen die Selbstenergien der Hadronen vom Impuls, vom baryo-
chemischen Potential (beziehungsweise der Baryonendichte) und von der Temperatur
ab. In Schwerionenkollisionen ergeben sich die Observablen stets durch eine Mittelung
iiber diese Variablen. Sogar die Impulsabhéngigkeit ist hier aufgrund der kollektiven
Expansion nicht unmittelbar aus den experimentellen Daten rekonstruierbar. Demge-
geniiber haben Reaktionen mit elementaren Projektilen den groflen Vorteil, dafl die
Kernmaterie auf der fiir Teilchenproduktion relevanten Zeitskala im wesentlichen im
Grundzustand bei Temperatur null bleibt und der Impuls der produzierten Teilchen re-
lativ zur Kernmaterie direkt experimentell mef3bar ist. Wir haben exemplarisch fiir die
A(1232)-Resonanz gezeigt, dafl die Effekte der Mediummodifikationen in verschiedenen
Reaktionen sehr unterschiedlich sein kénnen.

Das im Rahmen der vorliegenden Arbeit entwickelte Transportmodell stellt einen
ersten Schritt in die Richtung eines Modells dar, das eine vereinheitlichte Beschreibung
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sowohl von Schwerionenkollisionen als auch von photon-, pion- und protoninduzierten
Reaktionen erlaubt. Der Schwerpunkt in der Anwendung lag auf photonuklearen Re-
aktionen. Im folgenden wollen wir kurz auf weiterfiihrende Anwendungen, notwendige
Verbesserungen und offene Probleme eingehen:

e Dileptonenproduktion
In der vorliegenden Arbeit wurden keine Rechnungen zur Dileptonenproduktion
in Proton-Kern- und Kern-Kern-Reaktionen prisentiert. Derzeit gibt es bereits
experimentelle Daten zur Dileptonenproduktion in diesen Reaktionen bei SPS-
Energien [13, 14]. In naher Zukunft werden Experimente an der GSI mit dem
Detektor HADES [47] bei SIS-Energien durchgefiihrt. Unser Modell ist unmittel-
bar auf diese Reaktionen anwendbar.

e Elektroproduktion

In [163] wurde das hier vorgestellte Modell bereits auf die Elektroproduktion im
Energiebereich der Nukleonenresonanzen erweitert. Elektroproduktion von Meso-
nen bietet zum einen die Méglichkeit, die Impulsabhéngigkeit der Selbstenergien
der beteiligten Teilchen im Medium zu studieren, da Impuls- und Energieiiber-
trag unabhéngig voneinander gewéhlt werden konnen. Zum anderen héngt bei
hoheren Energien das Einsetzen des Shadowingeffektes auch von der Virtualitét
des Photons ab, so daf} in einem zukiinftigen Vergleich mit experimentellen Daten
auch hier neue Erkenntnisse zu erwarten sind.

e Beschreibung der m-A-Dynamik

In Kapitel 4.4 hatten wir gesehen, dafl die Stofibreite der A(1232)-Resonanz nur
einen sehr geringen Einflufl auf unsere Beschreibung inklusiver Pionenspektren
in Schwerionenkollisionen bei SIS-Energien hat. Um unsere Behandlung der A-
Resonanz zu iiberpriifen, wére es hilfreich, Observable in Schwerionenkollisio-
nen zu finden, die eine groflere Sensitivitit auf In-Medium-Eigenschaften der
A-Resonanz, aufweisen. In [164] wurden zu diesem Zwecke im Rahmen des hier
vorgestellten Modells (p, 7*)-Korrelationen untersucht. Die Beschreibung der Da-
ten wird durch eine vergroflerte A-Breite verbessert, obwohl die experimentelle
Situation nicht eindeutig ist.

Bislang hatten wir unsere Untersuchungen auf Modifikationen der A-Resonanz
beschrénkt. Es besteht die Hoffnung, dafl die Beriicksichtigung einer realistischen
Spektralfunktion des Pions in Zukunft mit Hilfe des in der vorliegenden Arbeit
entwickelten Verfahrens zur Behandlung von Off-Shell-Teilchen méglich ist.

e In-Medium-Spektralfunktion des p-Mesons

Wir haben bei der Berechnung der Stoflbreite des p-Mesons iiber die Kopplung
an die Baryonenresonanzen sowohl die Modifikation der N p-Breiten der Reso-
nanzen als auch den entsprechenden Realteil der Selbstenergie des p-Mesons ver-
nachléssigt. Eine mogliche Erweiterung besteht in der vollstdndig selbstkonsisten-
ten Berechnung der Spektralfunktionen aller beteiligter Teilchen unter Bertick-
sichtigung aller Kanéle, also auch N7, Am usw., und der Realteile. Es ist al-
lerdings durchaus fraglich, ob eine solche Rechnung selbst im Rahmen des hier
verwendeten ,,spinlosen” Modells numerisch durchfiihrbar ist.
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e w-Produktion
Es ist zu erwarten, dafl in der Dileptonenproduktion Interferenzeffekte zwischen
w-Mesonen, die innerhalb und auflerhalb des Kernes zerfallen, auftreten. Derzeit
ist jedoch nicht klar, wie solche Effekte in unserm semi-klassischen Transport-
modell beriicksichtigt werden konnen. Mdglicherweise lassen sich hier mit Hilfe
vereinfachter ,, Toy“-Modelle neue Erkenntnisse gewinnen.

e Mehrteilchenstofle

Wir haben gezeigt, dafl der Prozel ANN — NNN einen sehr kleinen Einflufl
auf die Pionenspektren bei SIS-Energien hat, obwohl die Produktionsraten der
A-Resonanz in der Hochdichtephase drastisch erh6ht werden. Eine offene Frage
ist, wie die Produktion von Teilchen, die mit den verwendeten Zweiteilcheniiber-
gangsraten nicht mit den Nukleonen in chemische Gleichgewicht kommen, zum
Beispiel Teilchen mit Strangeness, von Dreiteilchenstoflen beeinflufit wird. Eben-
so konnten Observable, die auf die frithe Hochdichtephase des Systems sensitiv
sind, also unter Umstédnden auch Dileptonenproduktion, von der Geschwindig-
keit, mit der das System ins thermische und chemische Gleichgewicht gelangt,
abhéngen. An dieser Stelle sollten wir betonen, dafl Transportmodelle gerade da-
zu dienen, Nichtgleichgewichtsprobleme zu behandeln. Falls das System auf einer
verglichen mit der Reaktionsdauer kurzen Zeitspanne ins Gleichgewicht gerit,
ist es wesentlicher einfacher, die Reaktion mit Hilfe hydrodynamischer Modelle
zu beschreiben. Deshalb sind Mehrteilchenstde von entscheidender Bedeutung.
Das Problem besteht allerdings darin, dafl Dreiteilcheniibergangsraten der di-
rekten experimentellen Messung nicht zugénglich sind und derzeit auch keine
verldfllichen theoretischen Modelle existieren, die diese berechnen kénnten.

e Detailed Balance

In unserem Modell wird Zeitumkehrinvarianz an mehreren Stellen verletzt. Zum
einen verwenden wir impulsabhéngige Potentiale und berechnen die Wirkungs-
querschnitte nur als Funktion der ,freien“ invarianten Energie \/Efree. In der
vorliegenden Arbeit wurden erste Schritte unternommen, um dies zu verbessern,
und es wurde ein Verfahren vorgestellt, das die Beriicksichtigung der richtigen
Phasenraumfaktoren erlaubt. Zum anderen werden normalerweise nur Zweiteil-
chenst6Be beriicksichtigt. In diesen Stofen kdnnen jedoch mehr als zwei Teilchen
produziert werden, so daf3 die Riickreaktion nicht enthalten ist. Dies betrifft zum
einen den Strangeness-Sektor (zum Beispiel NN — NYK) und zum anderen
die Beschreibung hochenergetischer St6f8e mit Hilfe des FRITIOF-Modells. Da in
Schwerionenkollisionen eine weitgehende Aquilibrierung stattfindet, ist die Ver-
letzung von Detailed Balance ein sehr kritischer Punkt. Die Beriicksichtigung
aller Riickreaktionen erscheint jedoch numerisch nicht durchfiihrbar zu sein. Ei-
ne Moglichkeit wire, prinzipiell nur 2 — 2, 1 — 2 und 2 — 1 Ubergangsraten zu
verwenden, und hochenergetische St68e mit Hilfe von Mehrstufenprozessen und
intermedidren sehr kurzlebigen und sehr schweren Resonanzen zu beschreiben. Es
besteht allerdings auch die Hoffnung, dafl die Verletzung der Zeitumkehrinvarianz
keine groflen Auswirkungen hat, da sie nur die hochenergetischen Stofle betrifft
und der Ausfriervorgang bei Temperaturen stattfindet, die so niedrig sind, daf
der Hochenergieteil des Kollisionsterms vernachléssigbar ist.
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Wir sollten hier auch nochmals erwiihnen, daf derzeit kein kontinuierlicher Uber-
gang zum Stringmodell stattfindet, da die Teilchenmultiplizitdt der Niederener-
giekollisionen bei der verwendeten Schwellenenergie kleiner als die des Stringmo-
dells ist. Die Beriicksichtigung von Prozessen wie NN <> RR und die Einfiihrung
hoherer Resonanzen kénnte dieses Problem beheben und unter Umsténden erlau-
ben, die Stringschwellen héher zu setzen, so dal Zeitumkehrinvarianz in einem
groferen Energiebereich erfiillt ist. In [166, 52] wurde &hnlich vorgegangen, und
im Meson-Baryon-Sektor wurden die unbekannten Wirkungsquerschnitte mit Hil-
fe eines Regge-Modells bestimmt.

Off-Shell-Propagation

Das im vorangegangenen Absatz diskutierte Problem der Zeitumkehrinvarianz
betrifft in besonderem Mafle die Off-Shell-Propagation der Nukleonen. Auch hier
werden bislang die Wirkungsquerschnitte nur als Funktion der freien invarianten
Energie /s free Derechnet, und Modifikationen der Ubergangsraten aufgrund der
In-Medium-Spektralfunktionen werden vernachléssigt. Es wird sicherlich wichtig
sein zu iiberpriifen, ob diese Ndherung gerechtfertigt ist. Ein weiterer Punkt ist die
Analytizitat der Selbstenergien. Bereits im Falle der On-Shell-Ndherung wird in
allen hadronischen Transporttheorien diese Analytizitdt vernachlissigt, obgleich
mogliche Effekte nicht von vornherein auszuschlielen sind.

Die von uns ad hoc eingefiihrten Bewegungsgleichungen fiir die Off-Shell-Teilchen
bediirfen iiberdies einer theoretischen Rechtfertigung. Wir verweisen hier auf die
neueren Untersuchungen in [153] und bemerken, daf unter Umstéinden eine Ande-
rung unseres Verfahrens notwendig ist. Vermutlich sind in diesem Zusammenhang
auch Studien im Rahmen vereinfachter ,, Toy“-Modelle hilfreich.

In der vorliegenden Arbeit wurde in Kapitel 8 auf den Vergleich mit experimentel-
len Daten verzichtet. Ein solcher ist in Zukunft erforderlich, um unser Verstindnis
von relativistischen Schwerionenstoflen zu verbessern. Da unser Modell ohne Off-
Shell-Propagation eine zufriedenstellende Beschreibung der experimentellen Da-
ten zur Pionenproduktion in Schwerionenkollisionen bei SIS-Energien liefert und
aufgrund der Off-Shell-Propagation die Anzahl hochenergetischer Pionen deut-
lich erh6ht wird, ist zu erwarten, dafl es weitere — bislang unberiicksichtigte —
Effekte gibt, die die Pionenproduktion beeinflussen.

Im Rahmen des hier verwendeten Off-Shell-Formalismus ist bei Beriicksichti-
gung der Selbstenergie X< auch die Berechnung der Off-Shellness der einen Kern
im Grundzustand bildenden Nukleonen, also der Grundzustandskorrelationen,
moglich. Hierzu gibt es bereits vielversprechende Ansétze [165]. Diese Anfangs-
korrelationen haben méglicherweise auch einen Einflufl auf Teilchenproduktion
in Schwerionenkollisionen und insbesondere in Reaktionen mit elementaren Pro-
jektilen unterhalb der freien Schwelle.

Strangenessproduktion

In Kapitel 9 wurde betont, dafl es sehr schwierig ist, aus der totalen Produktion
von K~ -Mesonen in Schwerionenkollisionen Riickschliisse auf ein K ~-Potential
zu ziehen, da die transporttheoretischen Rechnungen mit recht groflen Unsicher-
heiten, insbesondere hinsichtlich unbekannter Ubergangsraten, behaftet sind. Bis-
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lang existiert noch keine Untersuchung, in der die Modellunsicherheiten systema-
tisch studiert wurden. Aufgrund der starken Kopplung der K ~-Mesonen an den
Y m-Kanal scheint auch hier Detailed Balance von zentraler Bedeutung zu sein.

Zukiinftige experimentelle Daten zur Kaonenproduktion in Proton-Kern-Reaktio-
nen von der KAOS-Kollaboration an der GSI und vom Detektor ANKE am Be-
schleuniger COSY sowie in Photon-Kern-Reaktionen vom TJNAF werden sicher-
lich helfen, unser Verstdndnis der Eigenschaften von Kaonen in Materie zu ver-
bessern. Da in proton- und photoninduzierten Reaktionen der Kanal 7Y — KN
keine Rolle spielt, ist zu erwarten, daf} die in [158] vorhersagten Mediummodifika-
tionen der Ubergangsraten zu KN — 7Y, KN deutliche observable Konsequen-
zen haben. Bereits in [159] wurde vorgeschlagen, die Eigenschaften der A(1405)-
Resonanz mit Hilfe photonuklearer Reaktionen zu studieren. Unter Umstinden
erlaubt der Nachweis der K*-Mesonen aus vp — A(1405) K" Riickschliisse auf
Mediummodifikationen der A(1405)-Resonanz.

Es ist vermutlich erforderlich, die derzeitige Beriicksichtigung der In-Medium-
Selbstenergien der Kaonen in ihrer Produktion zu verbessern. Voraussetzung
hierfiir ist allerdings, daB , verniinftige* Parametrisierungen der Ubergangsraten
verwendet werden. In der vorliegenden Arbeit wurde bei der Parametrisierung
von Wirkungsquerschnitten, zum Beispiel fiir yYN — V N, stets Wert darauf ge-
legt, die trivialen Faktoren, also den Flufifaktor und den Phasenraum, von dem
nicht-trivialen Matrixelement zu trennen. Im Strangeness-Sektor wurden dem-
gegeniiber viele Parametrisierungen aus anderen Arbeiten iibernommen. Viele
dieser Wirkungsquerschnitte zeigen ein unphysikalisches Verhalten nahe an der
Schwelle. So 1483t sich zeigen, dafl das Schwellenverhalten des n-Teilchenphasen-
raumes P, gegeben ist als:

(I)n X (\/_ - \/%)(3n_5)/2,

wobei /sy die invariante Schwellenenergie ist. Da viele der hier adoptierten
Wirkungsquerschnitte nicht dieses Schwellenverhalten zeigen, ist es durchaus
fragwiirdig, diese Wirkungsquerschnitte bei der Beriicksichtigung von Potentialen
bei /s, — U abzugreifen.

Relativistische Potentiale

In der vorliegenden Arbeit wurde ein impulsabhéingiges effektives skalares Poten-
tial verwendet und kein Vektorpotential beriicksichtigt. Fiir die Untersuchungen
in [167] wurde das hier verwendete Modell bereits um ein relativistisches Vektor-
potential erweitert, wobei allerdings im Kollisionsterm im Falle impulsabhéngiger
Potentiale die Energieerhaltung noch vernachlissigt wurde. Anstelle der Glei-
chung (3.4.3) wiren hier 4 Gleichungen fiir die Komponenten des generalisierten
Impulses p simultan numerisch zu 16sen. Dies wire deutlich aufwendiger als das
bisherige Vorgehen. Auf der anderen Seite 148t sich das Nukleonenpotential bis zu
einem Impuls von etwa 300 MeV bei Dichte py sehr gut mit impulsunabhéingigen
relativistischen Potentialen beschreiben. Mit impulsunabhéngigen Potentialen ist
die Beriicksichtigung der Potentiale im Kollisionsterm wesentlich einfacher, und
insbesondere die Korrektur der Phasenraumfaktoren wire mit Hilfe algebraischer
Gleichungen moglich.
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Anhang A

Wirkungsquerschnitte

A.1 Baryon-Baryon-Stofie

A.1.1 Elastische Nukleon-Nukleon-Streuung

Der elastische Nukleon-Nukleon-Wirkungsquerschnitt wird als vom Isospin der einlau-
fenden Teilchen unabhéngig angenommen, und es wird die Parametrisierung aus [168]
iibernommen:

35
1+ A 00Gev
mit der folgenden Winkelverteilung
do :
7q < €up [A(V5)t/GeV?] (A.2)

wobei t das Quadrat des Impulsiibertrages bezeichnet und

13.65(1/5/GeV — 2My)]°
1+ [3.65(/3/GeV — 2My)]°

A(V's) =6 (A.3)

A.1.2 Mesonenproduktion in Nukleon-Nukleon-Kollisionen

In unserem Modell wird der ProzeB NN — NN in erster Linie iiber einen Zwei-
stufenprozel mit der intermedifiren Anregung einer Baryonenresonanz R beschrieben:
NN — NR — NNr. Die groite Rolle spielt hierbei die A(1232)-Resonanz. Fiir den
Wirkungsquerschnitt zu NN — NA(1232) iibernehmen wir das One-Pion-Exchange-
Modell aus [169]. Dieses Modell liefert eine sehr gute Beschreibung der experimentellen
Daten zu massen- und winkeldifferentiellen Wirkungsquerschnitten. Aus Platzgriinden
verzichten wir hier auf eine ausfiihrlichere Darstellung und verweisen auf [40].

Fiir die Resonanzen oberhalb der A(1232)-Resonanz sind keine experimentellen
massendifferentiellen Wirkungsquerschnitte verfiigbar, so dafl die Resonanzen nur an
totale Wirkungsquerschnitte angepafit werden konnen. Das Matrixelement zu NN —
NR wird als unabhiingig von /s, der Masse u der Resonanz und des Streuwinkels
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Resonanz | [Myy_ngrl?/167 [mb GeV?]
Py1(1440) 14
S11(1535) 8, 20, 40
S11(1650) 4
D;5(1520) 4
Dy5(1675) 63
Py3(1720) 4
F15(1680) 4
S31(1620) 7
D43(1700) 7
P51(1910) 68
P33(1600) 68
F35(1905) 7
F7(1950) 14

Tabelle A.1: Verwendete Matrixelemente fiir NN — NR.

angenommen. Der massendifferentielle Wirkungsquerschnitt ist damit:

doNNNR o Cﬁ|MNN—)NR|2AR( )

A4
du DS 16m ’ (A.4)

wobei p;, py die Schwerpunktsimpulse der ein- beziehungsweise auslaufenden Teilchen
bezeichnen und Apg die Spektralfunktion der Resonanz R gem#fl Gleichung (2.63) ist.
Der Isospinkoeffizient C ergibt sich aus der Annahme, dafl das Matrixelement nicht vom
totalen Isospin I abhéngt, und einer inkohédrenten Summation der Beitrige mit ver-
schiedenen I. Wir erhalten den folgenden Ausdruck von Clebsch-Gordan-Koeffizienten:

C = Z |<i1i2m1m2 |7,17,QIM> |2 | <i3i4m3m4 |7,37,4IM> |27 (A5)
I

wobei 7; den totalen Isospin von Teilchen £ und m, seine z-Komponente bezeichnet.
Die einlaufenden Teilchen wurden hier mit den Indizes 1 und 2 bezeichnet und die
auslaufenden mit 3 und 4.

Aus Gleichung (A.4) ergeben sich die Wirkungsquerschnitte zu NN — NN=
oder NN — NN fiir spezifische Isospinkanile unter Beriicksichtigung der Verzwei-
gungsverhéltnisse der Resonanzen in die verschiedenen Kanéle und der entsprechen-
den Clebsch-Gordan-Koeffizienten (siehe zum Beispiel [40, 36]). Die Matrixelemente
|IMnn_nr|? warden in [36] so gewihlt, dafl eine gute Beschreibung der experimentel-
len Daten zur Ein- und Zweipionenproduktion sowie zur p°- und n-Produktion gelang.
Diese Matrixelemente werden auch hier verwendet und sind in Tabelle A.1 aufgefiihrt.
Die Matrixelemente sind durch die verfiigharen experimentellen Daten nicht eindeu-
tig festgelegt. Fiir jede Resonanz, abgesehen von der Si;(1535)-Resonanz wegen der
n-Produktion, liele sich — bei simultaner Anpassung der anderen Matrixelemente —
das Matrixelement auf null setzen oder um einen Faktor 5 erhéhen, ohne die Beschrei-
bung der totalen Wirkungsquerschnitte zu verschlechtern. Aus diesem Grunde haben
wir darauf verzichtet, fiir den hier gegeniiber [36] verdinderten Satz von Resonanzen
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Abbildung A.1: Wirkungsquerschnitte zur Einpionenproduktion in Nukleon-Nukleon-
Kollisionen. Die experimentellen Daten stammen aus [67].

| Kanal [Amb]| a| b| m ]| no|
p p—p p 61.3 | 1.52 | 250 | 6.18 | 3.48
p p—p n 7 122.6 | 1.52 | 2.50 | 6.18 | 3.48
p n—p p T 24.9 | 3.30 | 0.85 | 1.93 | 0.002
p n—p n w 7.25 1 0.88 0231 | 3.64

Tabelle A.2: Fitparameter fiir den nichtresonanten Beitrag zum NN — N N 7-
Wirkungsquerschnitt (Gleichung(A.6)).

eine neue Anpassung der Matrixelemente vorzunehmen. Die Matrixelemente der neu
hinzugekommenen und nicht in Tabelle A.1 aufgefiihrten Resonanzen setzen wir daher
auf null.

In Abbildung A.1 sind die resultierenden Wirkungsquerschnitte zur Einpionenpro-
duktion dargestellt. Man sieht, dafl eine sehr gute Beschreibung der experimentellen
Daten gelingt. Um die Wirkungsquerschnitte nahe an der Schwelle zu beschreiben, ist
neben den Resonanzbeitrigen ein nicht-resonanter Untergrundterm zu NN — NN
notwendig [40]:

U%]N—)NNw(x) = Agm g~ (er"b) (A.6)

\/E— 2MN — My
5GeV ’

mit x =
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Abbildung A.2: Wirkungsquerschnitte zur Zweipionenproduktion in Nukleon-Nukleon-
Kollisionen. In den Wirkungsquerschnitten zu NN — NN77m gibt die gestrichelte
Linie den Beitrag aus NN — NR und die gepunktete den aus NN — AA an. Die
experimentellen Daten stammen aus [67].

und den in Tabelle A.2 aufgefiihrten Parametern.

Die Wirkungsquerschnitte zur Zweipionenproduktion zeigen wir in Abbildung A.2.
Neben den Beitragen aus NN — NR beriicksichtigen wir auch den Proze} NN —
A(1232)A(1232). Zu diesem Wirkungsquerschnitt gibt es experimentelle Daten, die
auch in Abbildung A.2 dargestellt sind. Analog zu NN — NR haben wir diese Daten
mit einem konstanten Matrixelement angepaflt:

p 2
downona _ g, 2r Mool g o4, ),

AT
dpndpiz A2 s 167 (A7)
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Abbildung A.3: Wirkungsquerschnitt zur p°-Produktion in Proton-Proton-Kollisionen.
Die experimentellen Daten stammen aus [67].

wobei hier der statistische Faktor Saa auftaucht, der 1/2 ist, wenn die beiden A-
Resonanzen im gleichen Isospinzustand vorliegen, und ansonsten 1 ist. Fiir das Ma-
trixelement verwenden wir:

|-/\/lNN—>AA|2

_ 2
16 = 90 mb GeV~.

In Abbildung A.2 sieht man, daf} die experimentellen Daten zur Zweipionenproduk-
tion an der Schwelle {iber den aus unserem Modell resultierenden Wirkungsquerschnit-
ten liegen. Dies ist darauf zuriickzufiihren, dafl wir die Zweipionenproduktion nur iiber
intermedidire Nukleonenresonanzen beschreiben und nicht-resonante Untergrundterme
vernachlassigen.

In Abbildung A.3 ist der Wirkungsquerschnitt zu pp — ppp° dargestellt. Die ex-
perimentell gemessenen Wirkungsquerschnitte liegen im Bereich 0.1 bis 0.15 mb und
sind damit sehr klein (nur etwa 5% des pp — pprTn-Wirkungsquerschnittes). Um die
Reproduktion dieses Wirkungsquerschnittes zu erreichen, wurden in [36] die Matrixele-
mente zu NN — NR der Resonanzen mit groflier Np-Kopplung auf sehr kleine Werte
gesetzt. Wir sollten hier aber anmerken, dafl unter Umstédnden eine Neuanpassung der
Parameter erforderlich wird, sobald zuverlissigere Daten zur p°-Produktion verfiigbar
werden.

Den Wirkungsquerschnitt zu pp — ppn zeigen wir in Abbildung A.4. Dieser Wir-
kungsquerschnitt wird in unserem Modell fast ausschliefllich durch die intermediére
Anregung der Sj;(1535)-Resonanz bestimmt. Mit den hier verwendeten Isospinkoeffizi-
enten gemif Gleichung (A.5) ergébe sich: 0., pny = Oppsppn- Experimentell beoachtet
man jedoch [171], da8 der Proton-Neutron-Wirkungsquerschnitt wesentlich grofer ist.
Daher verwenden wir fiir die Anregung der Si;(1535)-Resonanz abweichende Isospin-
koeffizienten:

5, /5 <251724GeV

|/\/lm"HnNJr(1535)|2 = |MPPHPN+(1535)|2 x { 2.5 sonst ’ (A-8)
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Abbildung A.4: Wirkungsquerschnitt zur n-Produktion in Proton-Proton-Kollisionen.
Die experimentellen Daten stammen aus [170].

mit
|MppﬂpN+(1535) |2 = 8mb GeV?.

Fiir den totalen Wirkungsquerschnitt zu NN — NNw iibernehmen wir die Para-
metrisierung aus [172]:

s 1.47 s —-1.11
ONN—-NNw — 2.5 <— - 1> <—> mb, (Ag)

So So

mit /s = 2My +m,,. Diese Parametrisierung wird fiir alle Baryon-Baryon-Kollisionen
verwendet.

In Abbildung A.5 ist der totale Proton-Proton-Wirkungsquerschnitt, der sich mit
den hier verwendeten Wirkungsquerschnitten ergibt, dargestellt. Man sieht, daf} bis
zu einer invarianten Energie von etwa 3.5 GeV die experimentellen Daten sehr gut
beschrieben werden. Wir sollten hier aber bemerken, dafl die hier verwendete Para-
metrisierung des elastischen Wirkungsquerschnittes nur fiir invariante Energien un-
terhalb von 2.5 GeV eine gute Beschreibung der experimentellen Daten liefert. Bei
einer Schwerpunktsenergie von 5 GeV betrigt der experimentell gemessene elastische
Wirkungsquerschnitt nur noch etwa 10 mb. Dies ist jedoch kein Problem, da wir nor-
malerweise fiir Schwerpunktsenergien oberhalb von 2.6 GeV das FRITIOF-Modell mit
den in Anhang A.4 aufgefiihrten Wirkungsquerschnitten verwenden.

A.1.3 Resonanz-Nukleon-Streuung

Aus Gleichung (A.4) erhalten wir unmittelbar den Wirkungsquerschnitt fir NR —
NN:

2 p_f|MNN—>NR|2
2Jp + 1p;s 167 )

onr-sNN = C Syy (A.10)
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Abbildung A.5: Totaler Proton-Proton-Wirkungsquerschnitt. Die experimentellen Da-
ten stammen aus [67].

Fiir den Prozel NR — NR (gleiche Resonanz im Eingangs- und Ausgangskanal) ver-
wenden wir:

doNRsNR oPr |MNN—>NN|2AR( )

A1l
du ;S 16m ’ ( )

wobei wir das Matrixelement |[Myy_sny|? aus der Parametrisierung des elastischen
Nukleon-Nukleon-Wirkungsquerschnittes (Gleichung (A.1)) unter Annahme einer iso-
tropen Winkelabhingigkeit gewinnen:

|MNN%NN|2 = 167TSUNNHNN. (A.12)

Fiir den Wirkungsquerschnitt der Streuung einer Resonanz R an einem Nukleon in eine
andere Resonanz R' benutzen wir die Matrixelemente aus NN — NR:

doNR-NR 2 py IMynonePl+ Mynvonve
du 2Jr + 1p;s 327

Der Vollstandigkeit halber geben wir noch den Wirkungsquerschnitt fiir A(1232)A(1232)
— NN an:

pr 1 IMynoanl?
OAA—-NN = OSNN —f—ﬁ-

A14
pis4 167 ( )

A.1.4 Strangenessproduktion

Den Wirkungsquerschnitt zu BB — NY K parametrisieren wir in der folgenden Form:

1
OBBANY K = Cypi\/g|/\/ly|216(27r)7<1>3, (A.15)
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Abbildung A.6: Wirkungsquerschnitte zu pp — NY K Die experimentellen Daten stam-
men aus [67].

wobei ®3 den Dreikorperphasenraum geméif Gleichung (2.44) bezeichnet. Fiir die Iso-
spinkoeffizienten Cy iibernehmen wir das One-Pion-Exchange-Modell aus [173] und
erhalten den folgenden Ausdruck von Clebsch-Gordan-Koeffizienten:

OY = |<i31m3mﬂ|i31i1m1>|2 X

. . 1 1 A.16
X Zg{,|(7,21m2m7r|7,211M>|2|(1y§mymK|1y§IM>|2 + (1 + 2), ( )
I

mit der gleichen Notation wie in Gleichung (A.5); die Indizes 1 und 2 bezeichnen die
einlaufenden Baryonen und der Index 3 das auslaufende Nukleon. Die z-Komponente
des Isospins des ausgetauschten Pions ist m, = m;—ms (beziehungsweise m, = mgo—ms
fiir den Austauschterm). Der Isospin des Y K-Systems ist mit (/, M) bezeichnet, und
g% sind relative Gewichte. Im Falle von AK trigt nur I = 1/2 bei, und deshalb ist
911\/2 = 1. Fiir ¥K verwenden wir g;/z = 292/2 = %, um eine gute Beschreibung der
experimentellen Daten zu erhalten. Das Matrixelement |[My|? wird folgendermafien

parametrisiert:

1 1.781
My |* = : A7
Myl = av (s/GeV2 - 3.94) (A.17)

mit ay = 59.3 mb und ay = 44.5 mb. In Abbildung A.6 ist dargestellt, daf hiermit eine
gute Beschreibung der experimentellen Daten in Proton-Proton-Kollisionen gelingt.
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Abbildung A.7: Wirkungsquerschnitte zu pp — KX Die experimentellen Daten stam-
men aus [67].

Leider sind derzeit keine experimentellen Daten zur Strangenessproduktion in Pro-
ton-Neutron-Kollisionen verfiigbar. Wir sollten bemerken, dal das One-Pion-Exchange-
Modell

Opn—NAK — 50’;0;0—);)AK+

liefert. Dies ist mdglicherweise nicht realistisch. Deshalb wurde alternativ ein Modell
fiir die Isospinkoeffizienten C'y implementiert, in das — analog zu NN — NR — die
Annahme eingeht, dafl das Matrixelement nicht vom totalen Isospin I;,; abhéngt. Durch
inkohédrente Summation erhalten wir:

Cy = Z | (ivigmimalivio Lo Mior)|* X

Iiot

. . 1 1
x> i (isT s M s I Lot Maot) [*| iy Sy e iy STV,
I

mit h,lx/z = % und h;/Z = 4h12/2 = ;—?, so daf} sich fiir pp — NY K die gleichen Isospin-
koeffizienten wie nach Gleichung (A.16) ergeben. Mit diesem Modell ergibt sich zum
Beispiel opnnAK = Oppospar+, also ein um einen Faktor 5 kleinerer Wirkungsquer-
schnitt als in dem One-Pion-Exchange-Modell. Fiir die Ergebnisse der vorliegenden
Arbeit wurde stets der Isospinkoeffizient gem#fi Gleichung (A.16) verwendet.

Den Wirkungsquerschnitt zu BB — NY*K berechnen wir mit den gleichen Matri-

xelementen wie fiir BB — NY K:

OBBNY*K 1 9 -
— = My |716(27) ' D3 Ay« (py+). A.18
iy~ Ypi\/§| y|"16(2m) @3 Ay (piy+) ( )
In Abbildung A.7 ist dargestellt, dafl damit eine sehr gute Beschreibung inklusiver
Kaonenproduktion bis zu invarianten Energien von 4 GeV gelingt.
Wir sollten hier anmerken, dafl wir bislang nur die Kanéle mit den Isospins der

einlaufenden Teilchen 7, = 7, = % und 7; = %, iy = % in der Strangenessproduktion
beriicksichtigen.
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Fiir den Wirkungsquerschnitt BB — NNKK verwenden wir die Parametrisierung
aus [156]:

3.17 1.96

s s
wobei \/sg = 2My + 2mg. Die aus dem Zweistufenprozel BB — NKY* — NNKK
stammenden Beitrige werden von diesem Wirkungsquerschnitt abgezogen. Wir ver-
wenden den gleichen Wirkungsquerschnitt fiir alle Baryon-Baryon-Stofie.

A.2 Meson-Baryon-Stofle

In der Meson-Baryon-Streuung spielt die intermedidre Anregung von Resonanzen eine
grofle Rolle. Die korrespondierenden Wirkungsquerschnitte ergeben sich als inkohérente
Summe von Breit-Wigner-Beitréigen gemifl Gleichung (2.52) (siehe auch Kapitel 2.5.2).
Im folgenden beschreiben wir die Parametrisierungen der zusétzlich beriicksichtigten
nicht-resonanten Prozesse. Wir verwenden die nicht-resonanten Wirkungsquerschnit-
te der Meson-Nukleon-Streuung (mit totaler Strangeness S = 0) auch fiir die Nu-
kleonenresonanzen mit Isospin 1/2 und die der Meson-Delta-Streuung fiir die héheren
A-Resonanzen.

In der numerischen Realisierung wird fiir alle Prozesse eine isotrope Winkelvertei-
lung angenommen. Fiir Endzustdnde mit mehr als zwei Teilchen werden die Impulse
gemif eines isotropen Phasenraumes verteilt.

A.2.1 Prozesse ohne Strangeness

Die Parametrisierungen der folgenden Wirkungsquerschnitte fiir die Produktion der
Vektormesonen w und ¢ sowie deren Absorption sind [71] entnommen.

w-Produktion und Absorption

Der Wirkungsquerschnitt fiir tN — Nw wird folgendermaflen parametrisiert:

1 1
OaNswN = |(§1lemﬂ|§1§mN2>|220.64

pr/GeV —p?
(pr/GeV)333 — 1.07

mb, (A.20)

wobei p, der Impuls des Pions im Ruhesystem des Nukleons ist und p® der Schwel-
lenimpuls des Pions fiir die Produktion eines w-Mesons. Der Wirkungsquerschnitt der
Riickreaktion wN — N ist unmittelbar gegeben als:
1p7
Ow ™= 5 50n wN s A.21
N—N 327,2 N—wN ( )
wobei pf, p; den Schwerpunktsimpuls der aus- beziehungsweise einlaufenen Teilchen
bezeichnen. Fiir 7N — Nwm verwenden wir:

S0 S0

s LAT o\ 126
Or—psNwr = Mmax[4.8 mb (— - 1) (—) — Or—psnws 0], (A.22)
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mit /sy = My +m,. Wir verwenden diesen Wirkungsquerschnitt fiir alle einlaufenden
[sospinzustdnde des Pions und des Nukleons.
Der elastische w N-Wirkungsquerschnitt ist:

20 mb

- A.23
1+ p,/GeV’ ( )

OwN—wN =

wobei p, den Impuls des w-Mesons im Ruhesystem des Nukleons bezeichnet, und der
totale Wirkungsquerschnitt ist gegeben als:
9 GeV

olot = (11 + p
w

) mb. (A.24)

Hieraus erhalten wir den Wirkungsquerschnitt fiir oN — Nu:

__ __tot
OwN—rrN = Oyn — OuN—wN — OuN—Nr- (A.25)

Die Beitriage der Resonanzen, die an den Nw-Kanal koppeln, werden natiirlich jeweils
abgezogen.

¢-Produktion und Absorption

Die Wirkungsquerschnitte fiir das ¢-Meson sind:

1 1.1
OxNsoN = |<§1m]\,1m7r|§1§mN2>|2 0.00882 mbGeV? x (A.26)
" (0.99 GeV)? py (A.27)
(\/5 — 1.8GeV)2 + (0.99 GeV)2/4 dp;s '
1p%
O¢N—saN = gp_J;O'WN—mSN (A.28)
10 mb
= 7 A.29
ToN—oN 1+ py/GeV ( )
4.5 GeV
ol = (5 p: ) mh (A.30)
OpN—sraN = a;% — OpN—¢N — O$N—Nr» (A.31)

wobei wir die gleichen Bezeichnungen wie fiir die Wirkungsquerschnitte des w-Mesons
verwendet haben.

7N < A(1232)n

Der Wirkungsquerschnitt fir 7N — A(1232)n wird parametrisiert als:

do}rN—)An 1 1.3 2Dy 2

(1, | 212 Proa A , A.32
DN |t 1) PEL Moy As(ns). (A32)
mit [M;y_ap|? = 7 mb GeV2. In Abbildung A.8 zeigen wir den resultierenden Wir-
kungsquerschnitt zu 7tp — A**n mit den experimentellen Daten. Die experimentellen
Daten zu 7+tp — prn sind auch dargestellt. Man sieht, daf§ bis zu einem Pionimpuls
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Abbildung A.8: Wirkungsquerschnitt zu 7p — AT (1232)n. Die experimentellen Daten
stammen aus [67].

von etwa 2 GeV nahezu der gesamte experimentelle 7+tp — prtn-Wirkungsquerschnitt
iiber eine intermedifire A-Resonanz lauft. Unsere Parametrisierung gibt eine sehr gu-
te Beschreibung des inklusiven Wirkungsquerschnittes. Der Wirkungsquerschnitt der
Riickreaktion nA — N ist:

1 1.3 >|21 D

UﬂA—)NW:|<21mNmW| I-m

f
515 ; | Moy agl’ (A.33)

2 p;

A.2.2 Strangenessproduktion

Die folgenden Wirkungsquerschnitte zur Strangenessproduktion wurden [174] entnom-
men:

0.007665(y/5/GeV — 1.613)0-1341

B _ A.34
Or—p—sAK® (V/s/GeV — 1.720)2 + 0. 007826 ( )
0.03591(y/s/GeV — 1.688)0-9541
W A.35
OptposS+K+ ( \/_/GeV —1.890)% + 0.01548 ( )
0. 1594(\/_/GeV 1 688)0 .01056
b A.36
TTV5/GeV — 3.000) + 0.9412 ) (430
0. 009803 (v/5/GeV — 1.688)0-6021
. A.37
Or—pos-K+ ( Vs/GeV — 1.742)2 + 0.006583 ( )
0.006521(y/5/GeV — 1.688)1:4728
) (v/3/Ge ) (A.38)
(v/5/GeV — 1.940) + 0.006248
0.05014(,/5/GeV — 1.688)2878
. s mb  (A.39
Ot ns 20K+ OminyBTKT =7 IGeV — 1.730)2 + 0.006455 (4.39)
i 0.003978(y/5/GeV — 1.688)0-5818 (A.40)
mOp—TOK+ (v/s/GeV — 1.740)% + 0.006670 .
. 4 . 1 2.1650
0.04709(y/s/GeV — 1.688) mb (A.41)
(v/s/GeV — 1.905)% + 0.006358
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channel || ag[mb GeV?] | a,[GeV] | ao
K p 150 035 | 2
K 100 0.15 2
Ar® 130 0.25 3
DIRE o 600 0.1 2
Yoot 5000 0.1 3
DIRN o 2500 0.1 3

Tabelle A.3: Parameter fiir Wirkungsquerschnitte der K~ p-Streuung.

0.006545(1/5/GeV — 1.613)0-7866

(\/5/GeV — 1.720)2 + 0.004852
0.004959(1/5/GeV — 1.688)°77> (A43
(\/5/GeV — 1.725)2 + 0.008147 '

b (A.42)

On—A++AK+

On—A++ 550K+

Die anderen Isospinkanéle ergeben sich aus Isospinsymmetrie. Im Falle von 7A — YK
wird angenommen, dafl nur Zustdnde mit totalem Isospin 1/2 beitragen. Die Riickre-
aktionen ergeben sich unmittelbar aus Zeitumkehrinvarianz.
Den Wirkungsquerschnitt zu 7B — NK K beschreiben wir, indem wir die Parame-
trisierung fiir TN — NKK aus [175] iibernehmen:
1.86 2
ook = C1.121 (1 - @) (@> mb, (A.44)
s s
mit /sg = My +2mp, und der Isospinkoeffizient C' ist iiber das verwendete Feynman-
Diagramm in [175] als folgender Ausdruck von Clebsch-Gordan-Koeffizienten gegeben:

11 11 1 11
C =gi, |5 5mKmic eol5 5 1ma) 1S Im g eo| 515 M )| %
22 22 2 272 (A45)

1 _
X |(iBlmBmmem|2’31§mN>|2 + (K — K)

Hier sind das einlaufende Baryon mit dem Index B und das auslaufende Nukleon mit
N bezeichnet. Die z-Komponenten des Isospins des ausgetauschten K*-Mesons und des
ausgetauschten Pions sind my+ o, und my ... Wir verwenden g/, = % und g3/, = 9.
Damit ergibt sich fiir 7A der gleiche isospingemittelte Wirkungsquerschnitt wie fiir
mN.

A.2.3 Strangeness S = —1

In Kapitel 2.3 hatten wir die beriicksichtigten Hyperonresonanzen vorgestellt, deren
Beitrige zur Meson-Baryon-Streuung im Strangeness S = —1-Kanal — analog zur
Pion-Nukleon-Streuung — durch eine inkohdrente Summe von Breit-Wigner-Wirkungs-
querschnitten gemifl Gleichung (2.52) berechnet werden. In Abbildung A.9 sind diese
Beitréige fiir die verschiedenen experimentell gemessenen Reaktionskanile der K~ p-
Streuung als gestrichelte Linien dargestellt. Man sieht, daf die Resonanzbeitrige allein
nicht ausreichen, um die experimentellen Daten zu beschreiben. Dies liegt, wie bereits
in Kapitel 2.5.2 angesprochen, zum Teil an der Présenz der A(1405)-Resonanz. Wir
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Abbildung A.9: Wirkungsquerschnitte zur elastischen Streuung, zum Ladungsaus-
tausch und zur Hyperonproduktion in K ~p-Kollisionen. Die durchgezogenen Linien
stellen die totalen Wirkungsquerschnitte dar, die gestrichelten die Resonanzbeitrige
und die gepunkteten den nichtresonanten Untergrund. Die experimentellen Daten stam-
men aus [67].

beriicksichtigen hier keine explizite Kopplung dieser Resonanz an den NK-Kanal und
fiihren daher die folgenden nicht-resonanten Untergrundwirkungsquerschnitte fiir die
verschiedenen Kanile 7 ein:

2 a2
Ugg_p%i =a p_f ( o > ) (A-46)

0
pis \ ai + p}

wobei p; den Schwerpunktsimpuls der einlaufenden und p; den der auslaufenden Teil-
chen bezeichnet. Die Parameter a; sind in Tabelle A.3 aufgefiihrt. Im Falle von K~p —
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K~p verwenden wir diese Parametrisierung nur fiir invariante Energien unterhalb von
1.7 GeV. Fiir hohere Energien wird eine Splineinterpolation durch ausgewéihlte ex-
perimentelle Datenpunkte benutzt, da die Struktur im Wirkungsquerschnitt um 1.8
GeV nur sehr schwer durch eine einfache Fitfunktion beschrieben werden kann. Aus
Abbildung A.9 sieht man, dafl unsere Parametrisierungen eine gute Beschreibung der
experimentellen Daten fiir K=p — K=p, K0, A7?, 7=, =7+, 2979 liefern.

Um den totalen K ~p-Wirkungsquerschnitt bis zu Energien von 2.2 GeV zu beschrei-
ben, ist es notwendig, Kanéle mit mehr als zwei Teilchen im Endzustand zu beriick-
sichtigen. Zu diesem Zweck haben wir den Proze KN — Y*7 mit einem konstanten
Matrixelement fiir alle Hyperonresonanzen implementiert:

M|? [V
L[ v (A47)

wobei der Isospinfaktor C' iiber Gleichung (A.5) gegeben ist. Fiir das quadrierte Ma-
trixelement wird |[M|* = 22 mb GeV? verwendet, und es werden nur die Hyperon-
resonanzen mit einer invarianten Masse oberhalb von 1.6 GeV beriicksichtigt. In Ab-
bildung 2.15 wurde gezeigt, dal damit eine sehr gute Beschreibung des totalen K~ p-
Wirkungsquerschnittes gelingt. Gegeniiber einem direkten Dreiteilchenendzustand hat
die verwendete Parametrisierung den Vorteil, dafy Zeitumkehrinvarianz iiber die Reak-
tion 7Y* — NK leicht sichergestellt werden kann:

OKN—Y*rn — C

2 Py 2
voonig =C———— . A48
Fiir den Fall, daf} die Hyperonresonanzen ,,abgeschaltet® werden, teilen wir den Mehr-
teilchenwirkungsquerschnitt auf die Kanéle Aznm, Y7m, NK7m geméaf ihrer Spin- und
[sospinmultiplizitdten auf:

Arm:Yam: NKn =18 :54: 24

In der K n-Streuung kann der elastische Wirkungsquerschnitt durch die Reso-
nanzbeitrige und einen kleinen konstanten Untergrundwirkungsquerschnitt beschrie-
ben werden:

by _
O—K—n%K—n =4 mb.

Der Wirkungsquerschnitt zu K ~n — An~ folgt aus Isospinsymmetrie aus K ~p — Arx?®,
und fiir den ¥7-Kanal machen wir die Annahme:
1
b b b b
O-Ig—nﬂﬁ—ﬂo = O-Kg—n%EOW— = 5 (O-Kg_pﬂﬁ_r" + O-Ig_p%E'ﬁr—)

Das Resultat fiir den totalen K~ n-Wirkungsquerschnitt wurde in Abbildung 2.15 ge-
zeigt, und wir hatten gesehen, daf§ die verfiigharen experimentellen Daten zufrieden-
stellend beschrieben werden. Die Wirkungsquerschnitte fiir K N-Streuung ergeben sich
aus einfachen Isospinspiegelungen:

U[‘(op = O0OK-n, ORop = OK-p-

Die Wirkungsquerschnitte zu 7Y — NK resultieren unmittelbar aus Zeitumkehr-
invarianz. In Abbildung A.10 sind die isospingemittelten Wirkungsquerschnitte fiir
7A — NK und 7¥ — NK dargestellt.
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Abbildung A.10: Isospingemittelte Wirkungsquerschnitte zur Antikaonproduktion in
Pion-Hyperon-Kollisionen.

A.2.4 Strangeness S=1

Der elastische Wirkungsquerschnitt K+*p — K*p wird durch folgenden Ausdruck pa-
rametrisiert:

ag + a1p + asp?
1+ asp + asp?’

(A.49)

O—K+p~>K+p -

wobei p der Impuls des Kaons im Ruhesystem des Nukleons ist und die Parameter
a; gegeben sind als: ag = 10.508 mb, a; = —3.716 mb/GeV, ay = 1.845 mb/GeV?,
az = —0.764/GeV, aq = 0.508/GeV?. Im oberen Teil von Abbildung A.11 wird gezeigt,
daf} diese Parametriserung eine gute Beschreibung der experimentellen Daten liefert.
Fiir die Streuung am Neutron nehmen wir den gleichen totalen elastischen Wirkungs-
querschnitt (einschlieBlich des Ladungsaustausches) an:

1

OK+n—K+n — OK+n— KO0 — §UK+p—>K+p-

Den inelastischen Kaon-Nukleon-Wirkungsquerschnitt erhalten wir durch eine Splinein-
terpolation durch ausgewéhlte experimentelle Datenpunkte des totalen Wirkungsquer-
schnittes nach Subtraktion des elastischen Beitrages. Die resultierenden Wirkungs-
querschnitte sind in Abbildung A.11 (mittlerer Teil fiir K *p, unterer Teil fiir K n)
dargestellt. Wir nehmen an, daf§ der inelastische Wirkungsquerschnitt nur aus K7/V-
Endzustédnden besteht. Da diese Wirkungsquerschnitte nur unterhalb der Stringschwel-
le von 2.2 GeV verwendet werden, ist dies eine gute Ndherung. Die Wirkungsquerschnit-
te fiir Streuung von K°-Mesonen an Nukleonen folgen unmittelbar aus Isospinsymme-
trie:

O'Kop = OK+n» OKOp — 0'K+p.
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Abbildung A.11: Parametrisierungen des elastischen K ™ p-Wirkungsquerschnittes (obe-
re Abbildung), des totalen K*p-Wirkungsquerschnittes (mittlere Abbildung) und des
totalen K *n-Wirkungsquerschnittes (untere Abbildung). In den Abbildungen der to-
talen Wirkungsquerschnitte stellen die gestrichelte Linie den elastischen und die ge-
punktete Linie den inelastischen Beitrag dar. Die experimentellen Daten stammen aus
[67].

A.3 Meson-Meson-Stofle

Fiir den Wirkungsquerschnitt zu 7w — KK verwenden wir die Parametrisierung aus
[156]:

0.76
0. i = C6.075mb (1 . S—SO) , (A.50)

mit /sg = 2mg, und der Isospinkoeffizient C' ist iiber Gleichung (A.5) gegeben. Die
Riickreaktion ist ebenfalls implementiert.
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‘KanalHA‘B‘n‘C‘D‘

ool 480 0 [ - [0.522]-451
o |[11.9]26.9 | -1.12 [ 0.169 | -1.85

afrfﬂfp 16.4 | 19.3 | -0.42 | 0.19 0
oot 33.0 | 14.0 | -1.36 | 0.456 | -4.03

T_p

olel 384 [ 77.6 | -0.64 | 0.26 | -1.2
o 10.252.7 [ -1.16 | 0.125 | -1.28

Tabelle A.4: Parameter aus [91] fiir elementare Wirkungsquerschnitte gemifi Glei-
chung (A.51).

A.4 FRITIOF

Im folgenden geben wir die totalen Wirkungsquerschnitte an, die zur Verwendung des
Stringmodells FRITIOF benotigt werden. Aus [91] iibernehmen wir die folgende Para-
metrisierung:

o= [A+ B(p/GeV)" + CIn*(p/GeV) + D In(p/GeV)| mb, (A.51)

wobei p den entsprechenden Laborimpuls bezeichnet. In Tabelle A.4 sind die Parameter
A, B, n, C und D aus [91] fiir verschiedene Kanile aufgefiihrt. Wir verwenden fiir alle
Baryon-Baryon-Stofle die Wirkungsquerschnitte der Proton-Proton-Streuung als Funk-
tion von 4/s. Der elastische Beitrag wird nicht mit Hilfe des FRITTIOF-Modells simu-
liert, sondern — wie im Falle der Niederenergiekollisionen — mit der in Gleichung (A.2)
gegebenen Winkelverteilung.

Fiir Kollisionen der Mesonen 7, 7, p, 0 und w mit Baryonen wird der Pion-Nukleon-
Wirkungsquerschnitt fiir den entsprechenden Ladungszustand benutzt. Der 7%p-Wir-
kungsquerschnitt ergibt sich aus [sospinsymmetrie:

1

Orop = §(Uw*p + Ontp)-

Die Wirkungsquerschnitte am Neutron erhalten wir aus einfachen Isospinspiegelungen.
Der Wirkungsquerschnitt der anderen Mesonen mit Baryonen wird mit 25.4 mb als
konstant angenommen.

Die Baryon-Antibaryon-Annihilation wird mit dem in [73] beschriebenen Verfahren
durchgefiihrt. Anstelle des Baryons und des Antibaryons werden fiir die Stringfrag-
mentation zwei Quark-Antiquark-Jets initialisiert. Der Wirkungsquerschnitt fiir diesen
Prozef} ist gegeben als Differenz von totalem und elastischem Wirkungsquerschnitt:

ot = ol — oty
Wir verwenden fiir die Baryon-Antibaryon-Wirkungsquerschnitte den Proton-Antipro-
ton-Wirkungsquerschnitt, falls die Teilchen keine s-Quarks enthalten. Ansonsten wird
der Wirkungsquerschnitt geméfl eines einfachen Valenzquark-Bildes reduziert:

2
Ony = OyN = gapp-

Der elastische Beitrag der Baryon-Antibaryon-Streuung wird derzeit nicht simuliert.
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A.5 Photon-Nukleon-Reaktionen

Im folgenden stellen wir die technischen Details der Parametrisierungen der Photon-
Nukleon-Wechselwirkung fiir invariante Energien unterhalb der Stringschwelle von 2.1
GeV vor. Fiir eine ausfiihrlichere Darstellung verweisen wir auf [40].

A.5.1 Einpionenproduktion

Eine inkohérente Zerlegung der Wirkungsquerschnitte zur Einpionenproduktion in Re-
sonanzbeitrage und Untergrund ist nicht sinnvoll, da — insbesondere im Energiebereich
der A(1232)-Resonanz — Interferenzen zwischen Resonanz- und Untergrundbeitrigen
von Bedeutung sind. Deshalb wurden die Resonanzen nicht an die totalen Wirkungs-
querschnitte angepaft, sondern an die Amplituden aus der Partialwellenanalyse von
Arndt et al. [82].

Partialwellenzerlegung

Aus den Partialwellenamplituden A;x und By (j = [ + %, [ =Drehimpuls des 7-N-
Systems) kann man die folgenden Helizitdtsamplituden konstruieren [176]:

Hy(0) = ﬂcos%ﬁi (Ary — Agyny-) (B = PL) (A.52)
1=0
Hsp(0) = \/gcos %9 sinﬁi (Biy — Busyy) (P —P,) (A.53)
=1
HSA(G) = \/ésin %9 io: (AH- + A(l+1)7) (Pl, —+ Pl,—l—l) (A54)
1=0
Hp(9) = \/gsin %9 sin i (Bis + Busny-) (P + P/, (A.55)
=1

wobei der Winkel zwischen ein- und auslaufendem Nukleonenimpuls im Schwerpunkt-
system mit 6 bezeichnet ist. Die P, sind die Legendre-Polynome als Funktion von cos @,
die Striche bedeuten Ableitungen nach cos#.

Die vier moglichen Reaktionskanéle lassen sich durch drei Isospinamplituden aus-
driicken:

2

H™P = pH1/2+§H3/2 (A.56)
1
H™" = V2, H'Y> - ZH? A.57
Va (yi (A57)
H™? = \/§<nH1/Z+%H3/Z> (A.58)
2
H™" = —nH1/2+§H3/2. (A.59)

Aus den Helizitatsamplituden lassen sich alle Observablen konstruieren, wobei hier nur
der winkeldifferentielle Wirkungsquerschnitt fiir die Einpionenproduktion von Interesse
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Resonanz | jy | jo |12 1GVTL | Ay [GeVTL]

P n P n
P33(1232) 211 1-0.141 | -0.141 | -0.260 | -0.260
D1»(1520) | 2 | 1 | -0.022 | -0.062 | 0.163 | -0.137
S.(1535) | 1| 0 | 0.109 | -0.089 0 0
F15(1680) 41 2 1]-0.014 0.027 | 0.135 | -0.035

Tabelle A.5: Resonanzparameter fiir die Photon-Nukleon-Wechselwirkung.

ist:
do q

10 = o5 LH O + [Hp(0) + [Hsp(0)” + | Hsa(0)[]. (A.60)

Dabei sind der Pionenimpuls im Schwerpunktsystem mit ¢ und der Photonimpuls im
Schwerpunktsystem mit £ bezeichnet.
Resonanzbeitrige

Als Resonanzbeitréige zur Einpionenproduktion werden Breit-Wigner-Parametrisierun-
gen der Amplituden angesetzt [176]:

{ Ar(V/3) }: (’fo %)1/2 < I )1/2 Narevhs { Ay (Mp) },

Br(v/s) kq I (M) Mj — s —i/sTiu | Bix(Mp)

(A.61)

wobei

k J1 kg + X2 J2
e () (B2 o
und
AH:(MR) = F« C’N?T Al/g (A63)
Bie(Mg) = +4a[(2J —1)(2J +3)]7"* Cx Asjo (A.64)
1/2

_[Lh 1 My D] (A.65)

T 2J+1 My T2

Cyy ist der Clebsch-Gordan-Koeffizient fiir die Kopplung der Isospins von Nukleon
und Pion zum jeweiligen Resonanzisospin, I'; die Einpionenzerfallsbreite, 'y die to-
tale Zerfallsbreite auf der Resonanz, ky der Schwerpunktsimpuls des Photons auf der
Resonanz und ¢y der des Pions. Die Helizitatsamplituden A,/ und Ag/, wurden [91]
entnommen. Fiir den Parameter X wird

X =0.3GeV

fiir alle Resonanzen verwendet. Die Parameter j; und j, stammen, abgesehen vom
N(1535), aus [176]. In Tabelle A.5 sind die beriicksichtigten Resonanzen mit den fiir
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Abbildung A.12: Wirkungsquerschnitte der Einpionenproduktion in Photon-Nukleon-
Kollisionen. Die experimentellen Daten stammen aus [177].

sie verwendeten Parametern aufgefiihrt. Der zu Gleichung (A.61) korrespondierende
Wirkungsquerschnitt ergibt sich mit Gleichung (A.60) als:

ko ) ? sy o 2Mn
(

NN <? s — M2)? + 572, MgT ([l [Asal) . ao0)

In Abbildung A.12 sind die Wirkungsquerschnitte zur Einpionenproduktion in Pho-
ton-Nukleon-Reaktionen dargestellt. Als Untergrund ist dabei der Wirkungsquerschnitt
bezeichnet, der sich aus den Partialwellenamplituden nach Subtraktion der Resonanz-
beitrige ergibt.

Da in unserem Modell die Nukleonenresonanzen explizit propagiert werden, ist es
notwendig, den kohérent aufaddierten Wirkungsquerschnitt zur Einpionenproduktion
durch eine skalierte Summe von inkohirenten Wirkungsquerschnitten fiir die verschie-
denen Kanile zu ersetzen. Dies liefert einen effektiven Wirkungsquerschnitt fiir die
Photoproduktion einer Resonanz R:

doyN— RN«

. AN RO Nn do -

'yNHNW_FZ do-'yNaR’%Nw
R/

wobei mit oy y_ g N und 07 N die Wirkungsquerschnitte bezeichnet sind, die sich

ohne Interferenzen ergeben. Analog dazu ist der Wirkungsquerschnitt fiir die direkte
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Produktion eines N7-Paares gegeben durch:

bg.eff o’ nn
Ao e _ o do1No N (A.68)
ds? d%N—uvw_FZ deN—»R—>NTr ds)
R

Die Summe dieser Wirkungsquerschnitte entspricht somit dem kohérent aufaddierten
Wirkungsquerschnitt.

Die S11(1535)-Resonanz wird von dem beschriebenen Verfahren ausgenommen. An-
sonsten enthielte der effektive Wirkungsquerschnitt zur Produktion der Sp;(1535)-
Resonanz Beitrége aus den Interferenzen dieser Resonanz mit dem Untergrund zur
Einpionenproduktion, wodurch sich auch eine effektive Modifikation des Wirkungs-
querschnittes der Photoproduktion von n-Mesonen ergédbe. Fiir den totalen Wirkungs-
querschnitt der Produktion dieser Resonanz wird daher immer der Ausdruck ohne
Interferenzen verwendet:

(k) s, Tx IMy
en=(3) Goamr o s (el lanf). o

Der effektive Beitrag zur Einpionenproduktion ist dann iiber Gleichung (A.66) gegeben
und wird von den totalen YN — Nr-Wirkungsquerschnitten abgezogen, bevor mit dem
oben beschriebenen Verfahren die Wirkungsquerschnitte der Produktion der anderen
Kaniéle festgelegt werden.

Wir sollten hier noch anmerken, dafl die Resonanzen im BUU-Modell, da der Spin-
freiheitsgrad nicht explizit beriicksichtigt wird, immer isotrop zerfallen und daher eine
korrekte Implementierung der winkeldifferentiellen Wirkungsquerschnitte nicht ohne
weiteres moglich ist. Es wére auch nicht sinnvoll, den Zerfallswinkel bereits in der Pro-
duktion festzulegen, da es vorkommen kann, daf3 eine Resonanz nach ihrer Produktion
in einen Bereich héherer Dichte lauft, wo der Zerfall pauli-geblockt ist. Diese Resonanz
wiirde dann sehr lange leben.

A.5.2 Zweipionenproduktion

Die Resonanzbeitrige zur Zweipionenproduktion ergeben sich aus dem totalen Wir-
kungsquerschnitt zu YN — R aus Gleichung (A.69) unter Beriicksichtigung der Ver-
zweigungsverhéltnisse:

FR—)N?TTI’
OyN—R—sNrr — OyNsR— - (A.70)

Die Zerlegung in die verschiedenen Isospinkanile erhilt man aus der Kopplung der
jeweiligen Isospins (siehe [40]). In Abbildung A.13 sind die experimentellen Daten zur
Zweipionenproduktion und die Resonanzbeitrige der D;3(1520)-Resonanz, die im hier
betrachteten Energiebereich als einzige Resonanz nennenswerte Beitrige liefert, dar-
gestellt. Man sieht, dafl die Resonanzbeitrige weder die Grofle noch die Struktur der
Daten erkliren kénnen. Die Differenz von totalem Wirkungsquerschnitt (Splineinter-
polation durch ausgewéhlte Datenpunkte) und Resonanzbeitrigen behandeln wir als
vN — Nrr-Untergrund. In der BUU-Simulation werden die Impulse der auslaufenden
Teilchen gem#f eines isotropen Dreikorperphasenraumes verteilt.
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Abbildung A.13: Wirkungsquerschnitte der Zweipionenproduktion in Photon-Nukleon-
Kollisionen. Die gestrichelten Linien sind die Beitrige der D;3(1520)-Resonanz. Die
experimentellen Daten stammen aus [178] (gefiillte Quadrate), [179] (offene Quadrate)
[67] (gefiillte Kreise) und [180] (offene Kreise).

A.5.3 Etaproduktion

In Abbildung A.14 ist der Wirkungsquerschnitt der n-Produktion dargestellt. Hier trigt
nur die Si;(1535)-Resonanz bei, deren Beitrag sich analog zu Gleichung (A.70) aus
Gleichung (A.69) ergibt. Fiir den Wirkungsquerschnitt am Neutron verwenden wir
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Abbildung A.14: Wirkungsquerschnitt der Photoproduktion von 7-Mesonen an Pro-
tonen Die experimentellen Daten stammen aus [85] (volle Symbole) und [181] (offene
Symbole), wobei die letzteren aus der Elektroproduktion mit einem Impulsiibertrag
von ¢ = —0.056 GeV? stammen.

aufgrund der experimentellen Daten aus [182]:
2

Oyn—nn = gaw—mn-

A.6 Parametrisierung des Spreading-Potentials der
A-Resonanz

Der Imaginérteil des Spreading-Potentials der A-Resonanz wurde in [121] fiir die ver-
schiedene Kanile k£ als Funktion der kinetischen Energie T, des einfallenden Pions
folgendermaflen parametrisiert (x = T /m;):

, ATl
£o ( )

wobei p die Kerndichte bezeichnet und die Parameter ay, by, ¢k, dg, e, und f; fiir die
beriicksichtigten Beitridge aus Zweikorperabsorption, Dreikérperabsorption und quasi-
elastischer Streuung in Tabelle A.6 gegeben sind.

Das Spreading-Potential aus Gleichung (A.71) hingt von der Pionenergie ab und
wurde in [121] durch Integration iiber den Fermi-Impuls des Nukleons in 7N — A
erhalten. Damit enthélt das Spreading-Potential auch eine Mittelung iiber die Masse
und den Impuls der A-Resonanz. In unserem Modell benétigen wir jedoch das Potential
als Funktion von Masse und Impuls. Wir machen daher zunéchst die Annahme, daf} das
Potential nicht vom Impuls abhéngt. Fiir eine Pionenergie E, ist die mittlere Masse
der A-Resonanz gegeben iiber:

P dk.’t2+8k.’t+fk.
—ImVy = (apa® + ez + cx) (—)

< NZA > =< (E’W"‘Z?N)2 - (ﬁw +ﬁN)2 >

3 2
= My +m?2 +2FE; <52§; +MN>,
N
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Kanal || a [MeV] | bp[MeV] | ¢, [MeV] | dy ek Tx
Zweikorperabsorption 1.06 -6.64 22.66 -0.038 | 0.204 | 0.613
Dreikérperabsorption -13.46 46.17 -20.34 | -0.076 | 0.408 | 1.226
quasi-elastisch -5.19 15.35 2.06 0.382 | -1.322 | 1.466

Tabelle A.6: Parameter fiir den Imaginérteil des Spreading-Potentials der A-Resonanz

(Gleichung (A.71)) aus [121].

wobei pp der Fermi-Impuls aus Gleichung (2.29) ist. Die Abhéingigkeit des Potentials
von pa erhalten wir, indem wir < p4 > durch p% ersetzen, und dann E, als Funktion

von ua erhalten.
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Anhang B

Das Kollisionskriterium

Falls zwei Testteilchen einen Stolparameter haben, der kleiner ist als der fiir einen Stof}
dieser beiden Teilchen zuléssige maximale Sto3parameter, mufy entschieden werden, in
welchem Zeitschritt diese beiden Teilchen méoglicherweise stolen. Wir verwenden den
Algorithmus von Kodama et al. [111], wobei allerdings zu beachten ist, daf} in unserem
Falle die Impulsabhéngigkeit der Potentiale die Geschwindigkeiten der Teilchen beein-
flut. Daher konnen wir nicht die geschlossenen Ausdriicke aus [111] zur Berechnung
verwenden.

Die Koordinaten der beiden Teilchen seien im Rechensystem zu einer Zeit ¢ durch
T1, Ty, ihre Viererimpulse durch (Ey,p;), (Es,p») und ihre Vierergeschwindigkeiten

durch (71,7131), (72,7232) gegeben, wobei v; = 1/4/1 —33 und 3 = 7 die gemiB
Gleichung (3.2) aus der Einteilchen-Hamiltonfunktion berechnete Geschwindigkeit be-
zeichnet. Eine Lorentz-Transformation in das Schwerpunktsystem der beiden Teilchen
(P +ps™ = 0) liefert die Raumzeitkoordinaten (¢, Z&™), (t5™, Z§™) und die Viererge-
schwindigkeiten (72, ~vemGem) (yem ~emGem) Unter der Annahme zeitlich konstanter
Vierergeschwindigkeiten sind die Ortskoordinaten der beiden Teilchen im Schwerpunkt-
system als Funktion des Zeitparameters t“"* gegeben durch:

FE(E) = FE) + G — 6. (B.1)

)

Der rdumliche Abstand d der beiden Teilchen im Schwerpunktsystem zu einem Zeit-
punkt " ist somit:

. 2
2(4cmy\ __ —cm cmyem
d-(t") = (%2 + fia't ) ) (B.2)
mit

=Ccm _ =Ccm =cm _’Cm cm _’\Cm cm

Tl = T =Ty = B+ 6" by

Jem . gem _ gGem

12 = Pi 2

Dann ist der Stolparameter b, also der minimale Abstand im Schwerpunktsystem,
gegeben durch:

B = (7 - M (B.3)

251
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Der zugehorige Zeitpunkt ist:

-
7 Ccm cm

cm Tip -
min — 12_, 122 (B4)
cm
(5)

Die dargelegte Berechnung des Stoflparameters b ist lorentz-invariant und enthélt noch
keine Approximation.

Nun mufl aber noch der Zeitpunkt der Kollision festgelegt werden. Eine natiirli-
che Wahl dieses Zeitpunktes im Schwerpunktsystem ist ¢ . Dieser Zeitpunkt kor-
respondiert allerdings zu verschiedenen Kollisionszeitpunkten der beiden Teilchen im
Rechensystem, was im Rahmen einer BUU-Simulation nicht realisierbar ist, da hier die
Kollision zu gleichen Zeiten im Rechensystem erfolgen muf}. Deshalb betrachten wir das
Eigenzeitintervall A7y fiir Teilchen 1 vom Ort #; zum Kollisionspunkt mit Teilchen 2,
wobei nun als Kollisionszeitpunkt im Schwerpunktsystem von Teilchen 1 der Zeitpunkt
des kiirzesten rdumlichen Abstandes in diesem System angenommen ist. Fiir diesen
Zeitpunkt gilt dann wieder Gleichung (B.4) unter der Voraussetzung, daf alle Grofien
im Schwerpunktsystem von Teilchen 1 und nicht im gemeinsamen Schwerpunktsystem
beider Teilchen berechnet werden. Im Rechensystem ist dieses Zeitintervall:

E,

VE? - pt

Atlg - (B5)

Analog berechnet sich Ats;.
Eine Kollision zum Zeitpunkt ¢ im Rechensystem findet nun statt [183], falls:

Aty + Aty | < AF (B.6)

wobei At die im Programm verwendete Zeitschrittweite ist.
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