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1. Einleitung

Direkte Kernreaktionen, induziert von leichten Hadronen wie Pfotonen, Neutro-
nen oder a-Teilchen, haben in den letzten Jahrzehnten eine Vielfalt von Infor-
mationen iiber die Struktur der Atomkerne ge]iefert1“3). Unter einer direkten
Kernreaktion versteht man einen StreuprozeB, bei dem nur einfache Freiheits-
grade des Atomkerns angeregt werden, Einfach heipt, daB sich der Endzustand
des Targetkerns nur minimal von seinem Anfangszustand unterscheidet, etwa
durch eine einfache Einteilchen-Einloch-(1TlL)~-Anregung oder durch eine kol-
lektive Dichteschwingung, die mikroskopisch als eine kohdrente Uber]ageruhg
von 1TlL-Anregungen verstanden werden kann. Aber auch andere Freiheitsgrade
wie etwa die kollektive Rotationsbewegung von deformierten Kernen#) oder die
Paarrotationen in suprafluiden Kernen4) gehoren zu den einfachen Kernanregun-

gen.

Der direkte Streuprozel ist dadurch charakterisiert, daB das Streusystem nur
in wenigen Reaktionsschritten vom Anfangszustand in den Endzustand gelangt.
Eine "ideale" direkte Kernreaktion lauft dabei nach einem einfachen Einstufen-
proze3 ab, aber auch mehrere Stufen sind zugelassen. Entscheidend dafiir, ob
eine Reaktion direkt 1ist oder nicht, ist die Reaktionszeit. Diese mup fiir di-
rekte Reaktionen moglichst kurz sein, etwa von der GrdBenordnung der Umlauf-
zeit eines Nukleons im Kern (~10'22 sec). Von gleicher GroBenordnung sollte
die Flugzeit des Projektils durch den Targetkern sein, denn nur in diesem Fall
ist die Wahrscheinlichkeit groB, daB Projektil und Target effektiv nur einmal
miteinander wechselwirken. Eine Vorbedingung fiir einen direkten Reaktionspro-
zeB ist deshalb eine genigend hohe EinschuBenergie (etwa E > 15 MeV fir nukle-
oneninduzierte Reaktionen). Der schnelle Reaktionsablauf bewirkt, daB sich der

Streuquerschnitt nur schwach mit der Einschufenergie andert. Dieses Verhalten



ist ein ganz charakteristisches Kennzeichen von direkten Kernreaktionen, und
man kann es sogar als Definition einer solchen ansehen. Im Gegensatz dazu ste-
hen die Compoundkernreaktionens’6>, wo der Streuquersch@itt als Funktion der
EinschuBenergie stark fluktuiert und viele scharfe Resonanzen von keV-Breite
im Anregungsspektrum aufweist, Letztere signalisieren eine lange Reaktionszeit
. von etwa 10-16 pis 10-18 Sekunden. Diese Reaktionszeit ist um Gropenordnungen
langer als die fiir direkte Reaktionen. Projektil- und Targetnukleonen konnen
wahrend dieser Zeit sehr oft miteinander wechselwirken, und die kinetische
Energie des Projektils kann gleichmdBig auf viele Freiheitsgrade des Streusy-
stems verteilt werden. Beide Kerne fusionieren und formen einen Compoundkern.
Dieser lebt sehr lange und zerfdllt schlieBlich durch Nukleonenemission bzw.
durch y-Emission. Formation und Zerfall des Compoundkerns unterliegen stati-
stischen Gesetzen und sind vollig unabhangig voneinander. Bei direkten Reakti-
onen hingegen besteht eine starke Korre]atfon zwischen Eingangs- und Ausgangs-
kanal, und der Streuquerschnitt hangt stark vom Oberlapp der Wellenfunktionen

des Anfangs- und des Endkerns ab.

Zwischen den beiden "extremen" Reaktionsmechanismen der direkten Reaktion, die
nur wenige Reaktionsprozesse involviert, und der Compoundkernreaktion, die
iber sehr viele Stufen abldauft, gibt es alle moglichen Zwischenstufen. Reakti-
onen, die weder zu der einen noch zu der anderen Kategorie gehdren, nennt man
Prdacompoundreaktionen. Fiir diesen Reaktionstyp sind in den letzten Jahren ver-
schiedene Modelle entwickelt worden7‘12>. Wir werden uns in dieser Arbeit je-

doch nur mit den direkten Kernreaktionen beschaftigen.

Von theoretischer Seite her hat man nun in den letzten Jahren versucht, direk-
te Kernreaktionen auf moglichst mikroskopischer Basis zu verstehen. Dies gilt

sowohl filir den Reaktionsmechanismus als auch fiir die Kernstrukturinformation,



die eine direkte Kernreaktion enthdlt. Beide Aspekte einer Kernreaktion sind
eng miteinander verkoppelt. Soll eine Kernreaktion zum Studium von Kernstruk-
tureigenschaften benutzt werden, muB der Reaktionsmechanismus bekannt sein.
Dieser sollte moglichst einfach sein, damit die Kernstrukturinformation, die
vom gemessenen Streuquerschnitt extrahiert werden soll, vom benutzten Reakti-
onsmodell moglichst unabhangig ist. Umgekehrt kann man einen Reaktionsmecha-
nismus nur dadurch festlegen, daB man die Anregung von Zustanden mit bekannter
Kernstruktur studiert. Diese kann zum Beispiel aus E]ektrdnstreuexperimenten
oder anderen nichthadronischen Reaktionen wie y-Absorption oder p-Zerfall usw.
bekannt sein, Die Anregung dieser Kernzustande mit der hadronischen Probe er-
moglicht dann durch Analyse der gemessenen Streuquerschnitte die Bestimmung
des Reaktionsmechanismus sowie das Studium der effektiven Wechselwirkung, die
wahrend des Stofprozesses zwischen dem Projektil und den Targetnukleonen
wirkt. Letztere kann durch dieses Verfahren sozusagen geeicht werden und darf
dann anschliefBend bei der Analyse von anderen Streudaten als bekannt vorausge-

setzt werden.

Die Darlegung dieses Zusammenspiels zwischen Reaktionsmechanismus einerseits
und Kernstruktur andererseits im Falle hadroneninduzierter direkter Reaktionen
ist das Thema dieser Arbeit. Dabei werden wir uns im wesentlichen auf Protonen
und Neutronen als Projektile beschranken, aber auch Hinweise auf Verfahrens-
weisen bei Reaktionen mit zusammengesetzten Projektilen geben. Je nach Pro-
blemstellung werden wir entweder die Kernstruktur des Targetkerns als bekannt
voraussetzen und dann den Reaktionsmechanismus und die effektive Projektil-
Targetnukleon-Wechselwirkung (PTWW) untersuchen, oder aber wir setzen Kernre-
aktionsmechanismus und effektive PTWW als bekannt voraus und fiihren Kernstruk-
turstudien durch. In beiden Fdallen werden die Untersuchungen immer auf mog-

lichst mikroskopischer Basis durchgefiihrt. Insofern besteht ein Ziel dieser



Arbeit darin, zu zeigen, inwieweit direkte Kernreaktionen heute mikroskopisch
verstanden werden konnen und inwieweit wir dadurch neue Einsichten in die in-

nere Dynamik der Atomkerne erhalten.

GemaB den obigen Zielsetzungen zerfdllt diese Arbeit in zwei Teile. In einem
ersten Teil diskutieren wir am Beispiel der elastischen Nukleon-Kernstreuung,
wie sich die spezifischen Struktureigenschaften eines Targetkerns auf den
Streuprozep auswirken. Umgekehrt zeigen wir im zweiten Teil dieser Arbeit, wie
man mit Hilfe von hochenergetischen Protonen (E > 100 MeV) quantitative Infor-
mationen iber die Struktur der Atomkerne erhalten kann. Letzteres demonstrie-
ren wir am Beispiel der (p,n)-Ladungsaustauschreaktion, die sich in den letz-
ten Jahren als hervorragendes Hiifsmittel bei der Untersuchung von magneti-

schen Kerneigenschaften erwiesen hat.

Die elastische Streuung eines Nukieons von einem Targetkern der Massenzahl A
stellt ein (A+l)-Korperprobiem dar. Dieses (A+l)-Korperproblem wird ublicher-
weise durch ein Einkorperproblem mit komplexem Potential, dem sog. optischen
Potential, ersetzt. Feshbach13) und Bell und Squiresl4) haben gezeigt, daR
diese Transformation des (A+l)-Korperproblems auf ein Einkdrperproblem im
Green-Funktionsformalismusl®) exakt durchgefiihrt werden kann. Das optische Po-
tential entspricht in diesem Formalismus dem Massenoperator der Einteilchen-
Green-Funktion. Der Massenoperator, d.h. das optische Potential, ist nichtlo-
kal, komplex und hangt von der EinschuBenergie E ab. AuPBerdem schlieft der
Massenoperator alle Antisymmetrisierungseffekte zwischen dem Projektilnukleon

und den Targetnukleonen ein.

Wegen der komplizierten Struktur des optischen Potentials kann dieses immer
nur naherungsweise berechnet werden. Je nach Art der Naherung lassen sich die

bisher durchgefiihrten Rechnungen in zwei Kategorien einteilen: die Kernmate-



rienaherung (nuclear matter approach16“21)) und die Kernstrukturnaherung (nu-
clear structure approach22"37))o In der Kernmateriendherung wird der endliche
Targetkern A durch Kernmaterie (Massenzahl As~) ersetzt. Jeukenne, Lejeune und
Mahaux16’17) berechnen das optische Potential zunachst in Kernmaterie im Rah-
men der Brueckner-Hartree-=Fock-Naherung. Anschliepend fiihren sie am Brueckner-
Hartree-Fock-Potential eine 1lokale Dichtenaherung (local density approxima-
tionl7538,39) dyrch und erhalten so das optische Potential fiir den endlichen
Kern. Brieva -und Rook18) hingegen berechnen zuerst die Nukleon-Nukleon-t-Ma-
trix in Kernmaterie und nehmen anschlieBend an der t-Matrix eine lokale Dich-
tenaherung vor. Durch Faltung der t-Matrix mit der Grundzustandsdichtevertei-
lung des Targetkerns erhalten sie dann das optische Potential fiir den endli-

chen Kern,

Die lokale Dichtenaherung38’39) basiert auf der Annahme, dapB sich die Nukleon-
Kernstreuung lokal, d.h. am Ort T mit der Dichte p(F) genauso verhalt wie die
Streuung eines Nukleons in Kernmaterie mit gleicher Dichte. Diese Ndherung
vernachlassigt Effekte, die proportional zum Dichtegradienten Vp sind. Der
Dichtegradient ist aber besonders groB an der Kernoberflache, wo sich direkte
Reaktionen hauptsachlich abspielen. Deshalb ist die lokale Dichtenaherung in
diesem Fall nicht unbedingt gut und stellt sozusagen eine Schwachstelle in der

Kernmaterienaherung zum optischen Potential dar..

Ein Vorteil der Kernmateriengherung liegt darin, daBl man in dieser Naherung
zum optischen Potential von einer realistischen Nukleon-Nukleon-Wechselwirkung
wie den phdanomenologischen Hamada-Johnston-40) oder Reid-Potentialenl) bzw.
den mesonentheoretischen Paris-42) oder Bonn43)-Potent1a1en ausgeht und eine
mehr oder weniger parameterfreie Rechnung fiir das optische Potential in Kern-

materie durchfiilhrt. Einerseits hat sich gezeigt, daR diese Naherung tatsach-



lich genau genug ist, um ganz allgemeine Eigenschaften des optischen Potenti-
als wie z.B. die Energieabhdngigkeit seines Realteils quantitativ zu erkla-
renl7’20’21). Andererseits enthalt diese Naherung jedoch, abgesehen von der
Reduktion der Dichte an der Kernoberflache, keine spezifischen Effekte, die
auf die endliche GroBe des Targetkerns zuriickgehen, wie z.B. seine Kollektivi-

tdat, Schalenstruktur usw.

Eine andere Naherung zur Berechnung des optischen Potentials, die wir in die-
ser Arbeit verfolgen, ist die sog. Kernstrukturnéherun922“37). Bei dieser Na-
herung nimmt man an, dap die effektive PTWW im Prinzip bekannt ist, d.h. durch
die Bruecknersche G-Matrix%4) approximiert werden kann, aber bei der die un-
elastischen Anregungen des endlichen Targetkerns explizit beriicksichtigt wer-
den. In gewissem Sinne ist diese Naherung komplementar zu der Kernmaterienghe-
rung, obwohl man noch nicht weif3, inwieweit sie ineinander ibergreifen. Wah-
rend die Kernmateriendherung inelastische Anregungen des endlichen Kerns nur
im Mittel beriicksichtigt, behandelt die Kernstrukturnaherung diese Anregungen
explizit und schliept deshalb die spezifischen Eigenschaften des Targetkerns
wie séine Schalenstruktur, seine Kollektivitat etc. im Detail ein. Die korrek-
te Behandlung der energetisch offenen Reaktionskandle sollte jedoch besonders
wichtig fiir die Berechnung des Imaginarteils des optischen Potentials bei nie-
drigen EinschuBenergien (E < 50 MeV) sein, weil hier die Absorption ziemlich
stark von der Anzahl und der Natur der energetisch offenen Reaktionskandle ab-
hangt. Faessler u.a.45-48) haben die Kernmaterienaherung auf Schwerionenpoten-
tiale angewendet. Sie finden, daB die Kernmaterienaherung viel zu wenig Ab-
sorption 11efert45‘47)0 Sie konnen die Absorption betrachtlich erhdhen, wenn

sie kollektive Effekte nach Art der Kernstrukturnaherung einsch]ieBen48).



In dieser Arbeit werden wir den Imagindrteil des optischen Potentials fiir Pro-
ton- und Neutronstreuung von 40Ca, 48Ca und 208py, berechnen. Dabei beschreiben
wir die intermedidr angeregten Targetzustande durch Random Phase Approximation
(RPA)-Wellenfunktionen. Die Antisymmetrisierung zwischen dem Projektilnukleon
und den Targetnukleonen wird exakt behandelt. Wir zeigen, daB der EinschluB
von kollektiven Kerneigenschaften wesentlich ist, um eine verniinftige Be-
schreibung des Imagindrteils des optischen Potentials zu erhalten. AuBerdem
studieren wir verschiedene Eigenschaften des imaginaren optischen Potentials
wie seine Energie- und Isospinabhangigkeit, seine Nichtlokalitat sowie Cou-
lombeffekte, die zu einer unterschied]ichen Absorption in der Proton- und Neu-

tronstreuung bei gleicher EinschuBenergie fUhren33).

Der zweite Teil dieser Arbeit ist den A(p,n)B Ladungsaustauschreaktionen ge-
widmet. In den letzten Jahren sind mit Hilfe dieser Reaktion?9-61) sowie mit
den (e,e')-62‘65) und den (p,p')-Reaktionen66‘75) die magnetischen Riesenreso-
nanzen in Atomkernen ganz intensiv untersucht worden. So wurde im Jahre 1980
die Gamow-Teller-Riesenresonanz (GTR,1+,L=O,S=1,T=1) als absolut dominanter
Zustand im 0°-Spektrum der 90Zr(p,n)gONb-Reaktion bei einer EinschuBenergie
von 160 MeV entdeckt49'51). Die GTR ist eine kollektive Kernschwingung, in der
die Neutronen in kohdrenter Weise ihre Spins und Isospins umklappen, ohne ihre
raumliche Position zu dandern. Theoretisch wurde die Existenz dieser GTR be-
reits im Jahre 1963 von K. lkeda u.a.76) vorausgesagt. Jedoch die hohen Ein-
schufenergien an der Indiana University Cyclotron Facility (IUCF) machten erst
im Jahre 1980 eine eindeutige Identifikation der GTR nbg]ich50’51), obwohl
schon "Teile" von ihr vorher bei niedrigen EinschuBenergien (45 MeV) gesehen

worden waren49).



Die mikroskopische Struktur der GTR ist &hnlich der der wohlbekannten isobaren
Analogresonanz (IAR,J"=0%,1=0,5=0,T=1). Beide konnen im Rahmen der RPA als ko-
harente Oberlagerung von Protonte11chen-Neutron]och—(PN'l)-Zustanden verstan-
den werden, die im Falle der IAR zum Gesamtspin J"=0" und im Falle der GTR zu
J"=1t koppeln. Die Entdeckung der GTR ist aus verschiedenen Griinden von groRer
Bedeutung. Zum einen erhalt man durch Reproduktion ihrer Anregungsenergie im
mikroskopischen Teilchen-Loch-(TL)-Modell Aussagen iiber die Starke der TL-
Restwechselwirkung im Spin-Isospin-Kanal. Ober diesen Teil der TL-Restwechsel -
wirkung war bisher sehr wenig bekannt. Zum anderen existiert fiir die GTR eine
fast modellunabhdngige Summenrege177), die den Betrag der zu erwartenden Uber-
gangsstarke festlegt. Nun findet man in den (p,n)-Experimenten jedoch nur etwa
50-60 % der theoretisch erwarteten minimalen Summenrege]stdrke59‘61). Um die-
ses sog. "Quenching" der totalen GT-Starke zu erkldren, sind bisher im wesent-
lichen zwei physikalisch verschiedene Modelle diskutiert worden. Im ersten Mo-
de1178-92) nimmt man an, daB A(1232) Isobar-Nukleonloch (AN'l)—Zustande in die
(PN‘l)-GTR hineinkoppeln und einen Teil der GT-Starke von dem Niederenergie-
spektrum (Anregungsenergie ~10 MeV) wegnehmen und in den A-Anregungsbereich
von ~300 MeV hinauftransportieren. Diesen Mechanismus kann man sich folgender-
mapRen veranschaulichen. Bringt man ein Nukleon in ein Feld, das an den Spin-
[sospin-Freiheitsgrad der Quarks angreift (dieses Feld wird in der (p,n)-Reak-
tion durch virtuellen Pi-Meson- und Rho-Meson-Austausch und im R-Zerfall durch
die schwache Wechselwirkung erzeugt), so kann ein Quark seinen Spin und Iso-
spin umklappen. Dabei wird das Nukleon in ein A(1232)-Teilchen mit Spin 3/2
und Isospin 3/2 umgewandelt. Dieser innere Freiheitsgrad des Nukleons kann nun
mit dem normalen Spin-Isospin-Freiheitsgrad der Nukleonen im Kern koppeln mit
dem Effekt, daB der energetisch niedrigliegende (Ex ~ 10 MeV) GT-Zustand einen

Teil seiner Anregungsstarke verliert und stattdessen die Anregungsstdrke der A-



Schwingung bei 300 MeV vergroBert wird. Man konnte meinen, daB aufgrund der
hohen Anregungsenergie von 300 MeV die Quark-Spin-Isospin—Schwingung.von der
normalen GT-Schwingung mit E ~ 10 MeV entkoppelt ist. Es ist jedoch zu beach-
ten, daB an der Quark-Spin-Isospin-Schwingung alle Nukleonen im Kern teilneh-
men konnen, weil das A-Teilchen wegen seines Spins s = 3/2 keinem "Pauli
blocking" unterworfen ist. Andererseits konnen an der normalen GT-Schwingung
nur die UOberschuBneutronen an der Kernoberfldche, d.h. die Neutronen mit Ener-
gien €g<€<€2 (egf = Protonfermienergie, e?: = Neutronfermienergie) mitwirken.
Folglich konnte allein die groBe Anzahl der an der A-Anregung teilnehmenden

Nukleonen den enormen Energieunterschied von 300 MeV iberbriicken und die Qber-

gangsstdrke der niedrigliegenden GTR reduzieren.

Das zweite Mode1193'97), das zur Erkldrung der Unterdriickung der GT-Starke
herangezogen wurde, beruht auf der Annahme, daB energetisch hochliegende Zwei-
teilchen-Zweiloch (2T2L)-Zustande mit def niedrigliegenden 1T1L-GTR koppeln
und einen Teil der GT-Stdrke in den Energiebereich oberhalb der GT-Resonanz
(20 MeV<Ex<50 MeV) schieben. In diesem Modell resultiert das "Quenching" der

GT-Starke aus einem an sich gewdhnlichen Konfigurationsmischungseffekt.

Explizite Rechnungen =zeigen nun, daB beide Modelle fiir sich allein das
"Quenching" der GT-Stdrke erkldren konnen. Rechnungen mit A-Freiheitsgraden
reduzieren die GT-Stdarke je nach Kopplungsstarke der (AN'l)-Restwechse1w1rkung
um 30-50 % 82’87‘89), wahrend 2T2L-Rechnungen ebenfalls die GT-Stdrke 1in dem
Bereich um 50 % reduzieren93'97), wo Schalenmodellrechnungen mit kleiner Basis
sie voraussagen. Die Starke erscheint in letzteren Rechnungen im Energiebe-
reich oberhalb der GT-Resonanz. Wir betonen, daB beide Ergebnisse sehr sensi-
tiQ von der TL-Restwechselwirkung abhangen. Dies gilt sowohl fiir die (AN"l)-

Beimischungen als auch fiir die Kopplung der 1TlL- an die 2T2L-Zustande. Es



existiert eine mikroskopische Rechnung98) fur die (AN“l)uRestwechselwirkung,
die neben der G-Matrix auch die induzierte TL-Restwechselwirkung, die einer
Summation a]]er Ringgraphen im TL-Kanal entspricht, bericksichtigt. Diese mi-
kroskopische (AN“l) -Restwechselwirkung sagt einen Isobar-Quenching-Effekt von
30 % voraus. Diese Rechnung wurde jedoch in Kernmaterie durchgefiihrt, so daB

der Effekt in endlichen Kernen durchaus geringer sein konnte.

Ahnliche Probleme beziiglich der Starke der TL-Restwechselwirkung hat man in
den 2T2L-Rechnungen fiir die Verteilung der GT-Starke. Dies gilt vor allem fir
die Tensorkraft. Eine starke Tensorkraft kann energetisch sehr hochliegende

(E, ~ 100 MeV) 2T2L-Zustande noch effektiv mit den 1T1L-GT-Zustanden koppeln

X
und so GT-Starke zu sehr hohen Anregungsenergien hin verschieben96’97). Ande-
rerseits ist die effektive Stdrke der Tensorkraft in einem 1T1L+2T2L-Modell-

raum kaum untersucht worden und deshalb auch nicht sehr gut bekannt.

Es wdre nun ideal, wenn man durch direkte Analyse der (p,n)-Daten entscheiden
konnte, welcher von beiden Mechanismen nun wirklich fiir die Unterdriickung der
GT-Stdrke verantwortlich ist. Die bisherigen Ana]ysen.begUnstigten weder den
einen noch den anderen Mechanismus. Diese Doppeldeutigkeit in der Analyse der
Daten resultiert aus der Form der 0° (p,n)-Spektren50’51’54). Diese weisen ej-
ne starke Resonanzstruktur auf, die als GT-Zustand identifiziert wurde. Die
Resonanz sitzt jedoch auf einem breiten, kontinuierlichen Spektrum mit einem
relativ groBen Hochenergieanteil. Dieses breite Kontinuum, das tatsachlich ei-
nen groperen Teil des Spektrums einnimmt, macht es schwierig, zwischen dem GT-
Streuquerschnitt und dem kontinuierlichen Untergrund, der durch Anregung ande-
rer Zustdnde erzeugt wird, zu unterscheiden. In dieser Arbeit werden wir nun
zeigen, dap die gesamten (p,n)-Spektren unter Vorwartswinkeln in mikroskopi-

schen Kernmodellen quantitativ berechenbar sindgg‘los). Deshalb konnen wir



auch quantitative Aussagen iiber den Verbleib der "fehlenden" GT-Starke machen.

Insgesamt werden wir zwei verschiedene Kernmodelle verwenden. Im erstengg'lol)

nehmen wir an, daB der Kern nur aus Nukleonen besteht, wahrend im zweiten104)
auch A-Isobar-Teilchen explizit beriicksichtigt werden. Es stellt sich heraus,
dap unsere SchlufBfolgerungen beziiglich des Verbleibs der "fehlenden" GT-Starke

nahezu modellunabhangig sind.

Wir mochten betonen, daB eine Analyse in dieser mikroskopischen und konsisten-
ten Weise hier zum ersten Mal fiir eine durch Nukleonen induzierte Kernreaktion
durchgefiinrt wird, Unsere Ergebnisse haben weitreichende Konsequenzen fiir alle
inelastischen Kernreaktionen, die bei EinschuBenergien von 100 MeV < E/Nukle-
on < 500 MeV untersucht werden, denn wir beweisen, daB die Vorwartswinkelspek-
tren dieser Reaktionen nur auf direkte Einstufenprozesse zuriickgehen. Deshalb
stellen diese Spektren die lineare 1TlL-Response des Targetkerns auf das vom
Projektil wahrend des Streuvorgangs erzeugte &dufBere Feld dar. Bei diesen hohen
EinschuBenergien von E > 100 MeV/Nukleon existiert so etwas wie Untergrund,
der bei niedriger EinschuBenergie (E<100 MeV/Nukleon) dominant durch kompli-
zierte Mehrstufenprozesse erzeugt wird107“109), nicht mehr, was die Interpre-

tation der gemessenen Streudaten stark vereinfacht.

Im Kapitel 2 formulieren wir die allgemeine Streutheorie fiir direkte Kernreak-
tionen. Im Kapitel 3 stellen wir die mikroskopische Berechnung der imaginaren
optischen Potentiale mit den zugehorigen Ergebnissen dar. Die mikroskopische
Beschreibung der unelastischen Nukleon-Kernstreuung und der Ladungsaustausch-
reaktionen wird im Kapitel 4 angegebeﬁ. Die Ergebnisse fiir die (p,n)-Ladungs-
austauschreaktionen und die Gamow-Teller-Riesenresonanzen werden im Kapitel 5

diskutiert. Das Kapitel 6 bringt eine kurze Zusammenfassung dieser Arbeit.



2. Formale Streutheorie

2.1 Der effektive Hamiltonoperator

Wir betrachten die Streuung eines Projektils a von einem Targetkern A. Der

Hamiltonoperator H des Gesamtsystems kann dann geschrieben werden als
H = Ha + HA + TaA + VaA o (201)

Dabei sind Hy und H, die inneren Hamiltonoperatoren des Projektilsystems a
bzw. des Targetsystems A, T,, ist die relative kinetische Energie zwischen
Projektil und Target und Vaa ist deren Wechselwirkungsenergie. Wir nehmen an,
daB Vya als Summe von Zwei-Nukleon-Wechselwirkungen zwischen Projektil- und

Targetnukleonen geschrieben werden kann:

Van = I V(i) (2.2)

Das Streuproblem, das wir studieren missen, ist gegeben durch die Schrodinger-

gleichung
(E-H ) (E) = 0 . (2.3)

Die Wellenfunktion W(+)(E) ist die exakte, antisymmetrische (a+A)-Korperwel-
lenfunktion und ist den vom Streuexperiment geforderten Randbedingungeﬁ unter-
worfen: in ihrem asymptotischen Bereich muB sie im Eingangskanal die Form ei-
ner einlaufenden ebenen Welle und in den Ausgangskandlen die Form von auslau-
fenden Kugelwellen haben. Wir eichen unsere Energieskala so, daB Projektil und

Target in ihren Grundzustanden die Gesamtenergie E2+ER = 0 besitzen, Dann ist



die Energie E in Gl. (2.3) identisch mit der kinetischen Energie des asympto-

tisch einlaufenden Projektils.

Das Streuproblem (2.3) kann wegen seiner Komplexitdat im allgemeinen nicht im
gesamten Hilbertraum gelost werden. Vielmehr mu3 man einen geeigneten, dem
Problem angepaf3ten Unterraum des Hilbertraumes wahlen und dann versuchen, das
Streuproblem in diesem sog. Modellraum zu ldsen. Haben wir einmal einen Mo-
dellraum gewdhlt, so konnen wir, ausgehend von Gl. (2.3), fir diesen Raum ei-
nen effektiven Hamiltonoperator konstruieren, der im Prinzip das Streuproblem
noch exakt beschreibt. Die Transformation des exakten Streuproblems auf das
Modellraumproblem kann am e]egéntesten mit Hilfe des Projektionsformalismus
von Feshbach13) durchgefiihrt werden. Dazu fiihren wir Projektionsoperatoren P
und Q ein, die auf den Modellraum P bzw. auf den zum Modellraum komplementaren
Teil des Hilbertraumes Q projizieren. Die Projektionsoperatoren besitzen fol-

gende Eigenschaften:

PP=P, QQ-=0Q (2.4a)
P-Q = Q*P = 0 (2.4b)
P+Q = I , (2.4c)

wobei I der Identitdtsoperator ist. Mit Hilfe dieser Operatoren 1adBt sich nun

die Schrodingergleichung (2.3) schreiben als
(E-H) (P () wqu{*)y < o, (2.5)

Durch Multiplikation von Gl. (2.5) mit P bzw. Q von links erhalten wir zwei

gekoppelte Gleichungen:



+
(E-HPP)Wé+) = HPQWé ) (2.6a)
(+) _ (+)
(E—HQQ)WQ HQPWP (2.6b)

HPP = PHP ; HQQ = QHQ (2.7a)
Hpq = PHQ 3 Hgp = QHP (2.7b)
sowie
wé+) = po(*) yng wé+) = qu*) (2.7¢)
verwandt. Losen wir Gl. (2.6b) nach Wé+) auf
(+) - 1 (+)
QT EeR v et (2.8)

QQ

und setzen das Ergebnis in Gl. (2.6a) ein, so erhalten wir

wlt) < g4 (2.9)

(H p p

1
+H,, =———— H
-H_+
PP PQ E HQQ ie QP

Gl. (2.9) ist eine Schrodingergleichung fir die Modellraumwellenfunktion Wé+)

mit dem effektiven Hamiltonoperator

1
! = O ——
H = HoptHo ST Hop (2.10)

Der erste Term in G1. (2.10) ist die Projektion des exakten Hamiltonoperators
aus G1. (2.1) auf den Modellraum P und der zweite Term ist die Korrektur fiir

die Elimination von WQ, Der Operator HQP fliihrt das System aus dem P-Raum 1in



den Q-Raum, dort propagiert das System vermdge des Operators (E-—HQQ-%-ix»:)'”1 und
der Operator HPQ bringt das System vom Q-Raum zuriick in den P-Raum. Insgesamt
stellt der zweite Term in Gi. (2.10) eine komplizierte effektive Modellraum-
wechselwirkung dar. Diese ist energieabhangig, nichtlokal und sogar komplex
(nichthermitesch), wenn der Q-Raum energetisch offene Reaktionskandle enthalt.
Der Imagindrteil der effektiven Wechselwirkung beschreibt dann den Verlust an
FluB von den Kandien des P-Raums in die offenen Reaktionskanale des (-Raums

und ist deshalb absorptiv. Formal erscheint die Absorption als Resultat einer

Polstelle des Q-Raumpropagators:
. . y=1 -1 .
Lim (E-Hy,*ic) -?(E-HQQ) -in8 (E-Hog) - (2.11)

Hier bezeichnet §3 den Cauchyschen Hauptwert und die §-Funktion beziiglich der

Energie E beschreibt die Absorption in asymptotisch offene Kandle.

Wir weisen’darauf hin, daB man neben der hier dargesteliten, allgemein bekann-
ten energieabhangigen Theorie der effektiven Wechselwirkung auch eine .energie-
unabhangige Theorie formulieren kann110'115). Die energieabhangige und die
energieunabhangige Theorie beschreiben die gleiche Physik, unterscheiden sich
jedoch wesentlich in der formalen Struktur der effektiven Wechselwirkung, d.h.

in ihrer Energieabhangigkeit und ihrer Nichtlokalitat.

2.2 Die Gleichungen der gekoppelten Reaktionskanale

Zum Studium einer spezifischen Kernreaktion unter Verwendung von Gl. (2.9)
missen wir einen geeigneten, der Reaktion angepaften Modellraum P wdhien. Die

Wahl des Modellraumes hangt wesentlich vom zu behandelnden Reaktionsproblem



ab, namlich ob nur elastische und unelastische Streuung oder auch Transferre-
aktionen untersucht werden sollen. Im letzteren Fall findet wahrend der Reak-
tion ein Massetransfer zwischen Projektil und Target statt, so daB im Ein-
gangs- und Ausgangskanal asymptotisch verschiedene Massenfragmentationen vor-
liegen. Dann muB man im allgemeinen mit einer nichtorthogonalen Basis im P-
Raum arbeiten116’117). Diesen etwas komplizierten Fall stellen wir zundchst
zuriick und behandeln zuerst nur die elastische und unelastische Streuung. Dazu
entwickeln wir die totale Streuwellenfunktion W(+) des (a+A)-Systems nach den

inneren Energieeigenfunktionen Wa der getrennten Kerne:
ey Ry L (2.12)
o

Hier beschreibt xa(ﬁ) die Relativbewegung zwischen Projektil und Target und R
ist die  Relativkoordinate. Die Energieeigenfunktionen Wa sind Losungen der

Schrdadingergleichung
¥ =€ ¥ (2.13)

und Tlassen sich als Produktwellenfunktion Wa = wawA darstellen, wobei Wa die

innere Wellenfunktion des Projektilsystems und ¥, die des Targetsystems ist.

A
Wir nehmen an, dap Wa und WA fiir 'sich v6llig antisymmetrisch sind, aber daf
die Antisymmetrisierung zwischen Projektil- und Targetnukleonen explizit
durchgefiihrt werden mufB. Im Falle der Streuung zusammengesetzter Projektile
ist die Behandlung der Antisymmetrisierung ziemlich involviert und wird des-
halb haufig vernachldssigt. Wir werden den Formalismus, den wir hier entwik-

keln, spater auf elastische und unelastische Nukleonenstreuung anwenden und

dann die Antisymmetrisierung exakt beriicksichtigen. Trotzdem vernachldssigen



wir sie hier zundchst in der allgemeinen Formulierung, um die Gleichungen so
einfach wie moglich zu halten., Spater fiihren wir dann an geeigneter Stelle die

Antisymmetrisierung explizit ein.

Setzen wir nun die Entwicklung (2.12) fiir die totale Streulosung in die Schro-
dingergleichung (2.3) ein, so erhalten wir durch linksseitige Multiplikation
mit der inneren Wellenfunktion WB und gleichzeitige Integration uber die inne-
ren Koordinaten des Kanals (3 ein gekoppeltes Differentialgleichungssystem fiir

die Relativwellenfunktionen XB:

(wslH-E|wBXB) = - ; (WB[H-ElwaXa) (2.14)
a#f
Die runde Klammer deutet dabei die Integration iiber die inneren Koordinaten
von WB an. Setzen wir nun den Hamiltonoperator aus Gl. (2.1) in Gl. (2.14) ein

und machen wir auBerdem von der Orthonormalitat der inneren Wellenfunktionen

(w6|wa) =6 (2.15)

0,8

Gebrauch, so geht G1. (2.14) in folgendes Differentialgleichungssystem iiber:

[TaA+(wB|vaA|w6)+sB-EJXB(§) = - Oﬁzﬁs (\yslval\lwa)xa(ﬁ) (2.16)
Dies sind die Gleichungen fiir die gekoppelten Kanilell16-118) (CC-Gleichungen
vom englischen "coupled channel equations") und sie sind, da wir iiber den un-
endlichen Satz von Zustdnden o summieren, noch vgollig aquivalent zur exakten
Schrodingergleichung (2.3). In praktischen Rechnungen konnen wir jedoch immer
nur einige wenige, sagen wir n Kandale, explizit behandeln. Deshalb greifen wir
jetzt auf die Modellraum-Schrodingergleichung (2.9) zuriick und definieren ei-

nen Projektionsoperator P durch



P = agl |w;><§a| (2.17)

wobei die Summe Uber n ausgewahlte Kandle lauft.

Unter Beachtung der Operatoridentitat
P(TaA+Ha+HA)Q = Q(TyptHa+HA)P = 0 (2.18)

konnen wir G1. (2.9) in volliger Analogie zu Gl. (2.16) schreiben als

.
Tan* (51 Vaal*g )+ ¥ 1Yan @ £ e ¢ Vanlt)tegEleg (R)
| (2.19)
n
R CCAUATERECN T Q-E:Héa;T; Q V¥ ) Ix,(R)  1<g<n
o#f

Im Unterschied zu G1. (2.16) haben wir nun anstatt unendlich vieler n gekop-
pelte Gleichungen, aber dafiir wesentlich kompliziertere Kopplungspotentiale.
. Der zweite und dritte Term auf der linken Seite von Gl. (2.19) definieren zu-
sammen ein optisches Potential fiir den Kanal B:

Uy (R) = (4 [V, a2 )# (eI Y, Q-E:ﬁéa;T; Q U pl¥,) (2.20)
Dieses Potential ist wegen seiner Kopplung zum Q-Raum immer nichtlokal, auch
wenn die Wechselwirkung VaA selbst lokal ist. Es ist komplex, falls einige der
eliminierten Kanale im Q-Raum energetisch offen sind. AuBerdem ist das Poten-
tial grundsdfz]ich energieabhangig und hangt natiirlich immer von der Wahl des
P-Raumes ab. Ganz analoge Eigenschaften besitzen die Kopplungsmatrixelemente
auf der rechten Seite von Gl. (2.19). In der Praxis wird das Potential GI.

(2.20) meistens durch ein phanomenologisches lokales optisches Potential ap-



proximiert, wahrend fir das Kopplungspotential sowohl phénomeno]ogischell8)

als auch mikroskopischellg) Modelle verwendet werden.

Die gekoppelten Gleichungen Gl. (2.19) sind sehr praktisch, um elastische und
unelastische Streuprozesse zu studieren. Zur Untersuchung von Transferreaktio-
nen sind sie jedoch viéllig ungeeignet, obwohl sie diese Prozesse implizit ent-
halten. Das Problem der Transferreaktionen liegt darin, daB im Eingangs- und
Ausgangskanal verschiedene Massenfragmentationen a+A und b+B auftreten. Das
bedeutet, daB die inneren Kanalwellenfunktionen Wa und WB des Eingangs-(a) und
Ausgangskanals (B) nicht mehr orthogonal sind. Sie sind Eigenlosungen zu ver-
schiedenen Hamiltonoperatoren Ha = Ha+HA und HB = Hb+HB, die durch die Auf-

spaltung des Gesamthamiltonoperators in der Form

H = Ha+Ta+Va = HB+TB+VB (2.21)

festgelegt sind (Ta = TaA’ Va = VaA und analog fir Kanal B). Um auch Trans-
ferreaktionen beschreiben zu kignnen, andern wir nun die Entwicklung von v in
Gl. (2.12) so ab, daB wir nicht nur ilber alle Zustdnde innerhalb einer Massen-
fragmentation, sondern auch iiber alle moglichen verschiedenen Massenfragmenta-

tionen summieren116):
oy (2.22)
Q,

Diese Darstellung von W(+) entsp#icht einer Entwicklung nach einem iibervoll-
standigen,Anichtorthogona]en Funktionensystem. Das Problem der Ubervollstan-
digkeit des Hilbertraumes spielt jedoch in der Praxis eine untergeordnete Rol-
le, weil numerische Rechnungen ohnehin immer nur in einem sehr beschrankten

Modellraum P durchgefiihrt werden konnen. Ein gropBeres Problem ist dagegen das



der Nichtorthogonalitdt von Wellenfunktionen verschiedener Reaktionskand-
1e117)o Die Nichtorthogonalitatseffekte konnen oft ziemlich grof sein und mis-

sen deshalb explizit berechnet werdenlzo‘lzz),

Setzen wir nun den Ansatz Gl. (2.22) fir die totale Streuldsung in Gl. (2.14)
ein und verwenden wir gleichzeitig die Zerlegung des Hamiltonoperators H aus
Gl. (2.21), so konnen wir analog zu Gl. (2.16) folgendes System gekoppelter

Integrodifferentialgleichungen ableiten:

>
(Tg#(g| Vg|¥g)teg-Eghg (Fg) = - MZ&B (Y] Vol ¥axy) - QEB (Tareg-E) (¥ ¥ox,)

(2.23)

Die runde Klammer deutet dabei die Integration liber die inneren Koordinaten-EB

des Koordinatensystems (EB,FB) im Kanal B an. Bringen wir den zweiten Term auf

der rechten Seite von Gl. (2.23) nach 1links und definieren wir die Funktion

A >
xq(rq) durch

=Y

N
X, (

) =g (P + I (v f¥ ) (2.24)

(¢ a  a
Y#a

so konnen wir Gl. (2.23) transformieren in

+

N _ )
{Té+(w8|VBlWB)+€B-E}XB(PB) = - GEB (w3|v8'waxa) + aZY (wslvsiwy)(lewaxa)
a®y

(2.25)

Dies sind die Gleichungen fiir die gekoppelten Reaktionskanale (coupled reac-
tion channel (CRC) equations) in ihrer allgemeinsten Formt17,120) | per erste
Term auf der rechten Seite beschreibt die Kopplung zwischen den Kanalen o und

B aufgrund des Kopplungspotentials VB' Der zweite Term ist der sog. Nichtor-



thogonalitatsterm. Er verschwindet, sobald die Wellenfunktionen wa und WY or-
thogonal sind. Zur praktischen Verwendung von Gl. (2.25) miissen wir wieder ei-
nen Modellraum P der Dimension n wahlen, der jetzt jedoch Zustande mit ver-
schiedenen Massenfragmentationen enthalt, die deshalb nichtorthogonal sind.
Dann konnen wir Gl. (2.25) auf ein zu Gl. (2.19) analoges Modellraumproblem
transformieren, wobei die CRC-Gleichungen nun wie Gl. (2.19) effektive Wech-
selwirkungen enthalten. Der einzige Unterschied zu Gl. (2.19) besteht dann
darin, daB wegen der Nichtorthogonalitdat von Reaktionskandalen noch zusatzlich

Nichtorthogonalitdtsterme auftreten.

Zur Berechnung des differentiellen Streuquerschnittes %% flir eine Reaktion

a+A>b+B miissen wir das Gleichungssystem Gl. (2.19) bzw. Gl. (2.25) fir die Xg

unter den eingangs genannten Randbedingungen 1osen, d.h. die Xg miissen im Ein-
gangskanal asymptotisch die Form einer einlaufenden ebenen Welle und in den

Ausgangskanalen asymptotisch die Form von auslaufenden Kugelwellen haben:

A > .
xs(rs) L exp[1(szB+nB£n(2kBrB)}

B 0

(2.26)

f) = expli (k
0 B

BrB-nan(ZkBrB))}

_F
Dabei spezifiziert oy den Eingangskanal und FE = Fg-ist der Einheitsvektor in
Richtung von FB' Die Grofen kB und ng bezeichnen die Wellenzahl und den Cou-
lombparameter im Kanal 3. Die z-Achse des Koordinatensystems ist so gewahlt,

daB X, parallel zum einfallenden Strahl liegt. Die Obergangsamplitude
0

fa o (FE) ist proportional zum T-Matrixelement
o)
. 2wh? ~
s " f(Fa rg) (2.27)



wobei Ug die reduzierte Masse im Kanal {3 ist. TBa bestimmt den differentiellen

Wirkungsquerschnitt

k

do _ MM B 2
@ "B X, lTsal (2.28)

2.3 Die effektive Projektilnukleon-Targetnukleon-Wechselwirkung

Wahrend die formale Herleitung der CC-Gleichungen, Gl. (2.19), fiir den Mo-
dellraum P ziemlich einfach ist, ist deren exakte Losung genauso unmoglich wie
die direkte Losung der Vielteilchenschrddingergleichung, G1. (2.3). Die Haupt-
schwierigkeiten liegen dabei in dem Operator der effektiven Wechselwirkung (s.

Gl. (2.19) und G1. (2.20))

} 1
Varr = Van T Van @ Elgg e QVan (2.29)

Da wir Veff nicht exakt berechnen konnen, stellt sich die Frage, wie wir Vars
am besten nahern. Dazu entwickeln wir zundchst den Propagator in Gl. (2.29)

gemafp

1

.00y
E-Q(HO+VaA)Q+1e E-H +ie E-HO+1e

Q
aA E=H0+1e
(2.30)

v

+ — Y - — +
E—H0+1e aA E-H0+1e aA E-H0+1e

wobei der ungestorte Hamiltonoperator H, definiert ist durch

Hy = Taa + Hy + Hy (2.31)



Setzen wir Gl. (2.30) in Gl. (2.29) ein, so ergibt sich

vo,o— oy ey

=V aA T-A_+ic ‘an ¥ Yan TH e VaA'E?H;ITE Vap oo

off = Vaa t

(2.32)

=V v V

an " VoA B Fie Veff
Dies 1ist eine Lippmann-Schwinger-Gleichung fur V,¢e, die Zwei-, Drei- und
Mehrteilchenkorrelationen einschlieft. Die Auftei]ung des Hamiltonoperators H
in einen ungestorten Teil H0 = T,p + Hy + Hy und eine Storung VaA =) v(i,d)
setzt voraus, daB wir das ungestorte Problem Hj, das den Projektil(H,)- und
den Targethamiltonoperator (H,) enthdlt, 1losen kionnen und daB wir auBerdem
wissen, wie wir mit dem Propagator Q(E-Ho+ie)'lQ umzugehen haben. Dieser Pro-
pagator koppelt die innere Kerndynamik von Projektil und Target mit der Rela-
tivbewegung zwischen beiden. Wir nehmen die Aufteilung von H in HotVap vor in
der Kenntnis, dap wir Gl. (2.32) spdter auf Probleme anwenden werden, wo spe-
zifische Kernstruktureffekte auf Veff als klein angesehen werden konnen. Zum
Beispiel konnen wir bei geniigend hohen EinschuBenergien die speziellen Struk-

tureigenschaften von Hy und Hy durch mittlere KerngroBen wie Grundzustands-

dichte, Einteilchen- und Zweiteilchenkorrelationsfunktionen ersetzen.

Die komplizierte Vielteilchen-Lippmann-Schwinger-Gleichung (2.32) kann nun in
eine Form gebracht werdeh123), die es uns erlaubt, zunachst iiber alle Streuun-
gen zu summieren, die ein fest vorgegebenes Projektilnukleon i an einem be-
stimmten Targetnukleon j durchfiihrt. Der wesentliche Grund dafir, so zu ver-
fahren, liegt darin, daB wir mit der starken Wechselwirkung arbeiten., Viele
realistische Nukleon-Nukleon-Wechselwirkungen (NNWW) enthalten stark repulsi-
ve, kurzreichweitige Komponenten, die in manchen Potentialen sogar durch einen

unendlich repulsiven Anteil in der NNWW fiir kleine Relativabstande (den sog.



"hard core") simuliert werden. Die Aufsummation aller Streuungen des Projek-
tilnukleons i vom Targetnukleon j'entspricht dann der Bruecknerschen Reakti-
onsmatr1x44), die diese stark repulsiven Anteile nicht mehr enthdlt. Die Reak-
tionsmatrix, auch t-Matrix genannt®™, erhdlt man durch Ldgsung der Lippmann-

Schwinger-Gleichung:

- Q'

Y157 Vi T Vg B B (2.33)
Man beachte, daB sich Nukleon i und j in Gl. (2.33) mit den ibrigen (a-1) Pro-
jektil- und (A-1) Targetnukleonen in Wechselwirkung befinden. Diese Wechsel-
wirkung geht auf die Hamiltonoperatoren Ha und Hp zuriick, die in Gl. (2.33) im
Propagator (E-Ho)"1 = (E-TaA-Ha-HAﬂ'e)“1 auftauchen. Man beachte auch, daB wir

in Gl. (2.33) einen neuen Projektionsoperator Q' eingefiihrt haben. Dieser

hangt mit dem alten Projektionsoperator Q lber
Q=Q" +4@" : (2.34)

zusammen. Der Operator Q' projiziert also auf einen Unterraum von Q, d.h. Q
selbst wird dadurch in zwei orthogonale Unterrdume Q' und Q" zerlegt. Hinter
dieser Zerlegung verbirgt sich folgende Absicht124): Wahlen wir fir Q' energe-
tisch sehr hoch]fegende, intermediare Zustande - sagen wir Zustande, die eine
hohere Energie besitzen als eine gewisse Energieschranke Eg (z.B. Es = 100
MeV) - und fiir Q" die Zustdnde mit Energien E<ES, so konnen wir mit der Wech-

selwirkung t aus -G1. (2.33) die Kernzustande in Q" storungstheoretisch behan-

¥ Im Unterschied zur Reaktionsmatrix fir gebundene Nukleonen, die reell ist
und G-Matrix genannt wird, nennt man die Reaktionsmatrix fiir ein Problem
mit einem Teilchen im Kontinuum t-Matrix. Diese ist komplex, denn es sind
energetisch offene unelastische Reaktionskanale vorhanden.



deln. Den Raum Q" nennen wir Nahraum, der Kernzustande enthalt, die wir im Mo-
dellraum P zwar nicht explizit beriicksichtigen kionnen, die aber noch kernspe-
zifisch sind. Der Fernraum Q' enthdlt energetisch hochliegende Kernzustande,
deren Eigenschaften nahezu unabhdngig vom speziellen Targetkern sind. Wechsel-
wirken nun Projektil- und Targetnukleon aufgrund des kurzreichweitigen Anteils
der Kernkraft miteinander, so werden beide Nukleonen vornehmlich in intermedi-
are Zustande hoher Anregungsenergie, also in den Fernraum Q' gestreut. Hier
werden sie wiederholt miteinander wechselwirken, aber mit einer letzten Wech-
selwirkung Vi kehren die Nukleonen schlieflich in den Nahraum Q" zuriick. Die
Aufsummation aller Nukleon=Nukleon-Streuungen dieser Art zwischen den Teilchen

i und Jj ergibt die Streumatrix t die nun keinen "hard core" mehr enthalt

ije
und “"schwach" ist in dem Sinn, daB wir tij im Nahraum Q" fir storungstheore-

tische Zwecke verwenden konnen.

Wie wir die Energieschranke Eg zur Bestimmung der Rdume Q' und Q" im einzelnen
legen, hangt vom zu behandelnden Streuproblem ab. Im folgenden diskutieren wir
diese Frage fir die Nukleon-Kernstreuung. Bei niedrigen Einschufenergien

(E <<= 100 MeV) wahlen wir fir Eq~ 100 MeV, d.h. der Raum Q' besteht aus-
schlieplich aus energetisch geschlossenen Kanalen. In diesem Fall ist die t-
Matrix reell und hangt nur schwach von der EinschuBenergie E sowie der Ener-
gieschranke ES ab. Fir EinschuBenergien E < 60 MeV kann man dann die t-Matrix
sehr gut durch effektive Wechselwirkungen wie z.B. die M3Y-Kraft approximie-

ren125), die auf G-Matrixrechnungen fiir gebundene Nukleonen zuriickgeht,

Bei EinschuBenergien E >» 100 MeV wdhlen wir fiir Q' den gesamten Hilbertraum
und fiihren weiterhin die sog. Impu]snaherunglzs) ein, Die Impulsnaherung be-
sagt, daB bei geniigend hohen EinschuBenergien die t-Matrix aus Gl. (2.33) in
die freie Nukleon-Nukleon-t-Matrix iubergeht. Die freie Nukleon-Nukleon-t-Ma-

trix, tg, ist Losung der freien Lippmann-Schwinger-Gleichung



te(0,i) = v(0,i) + v(o,1) ETT,O—{TFEtF(o,n (2.35)

Un G1., (2.35) aus G1. (2.33) herzuleiten, miissen wir in Gl. (2.33) den Projek-
tionsoperator Q durch den Identitdtsoperator I und Hp durch den Operator der
kinetischen Energie T; ersetzen, Tb ist die kinetische Energie des Projektil-
nukleons. In der Impulsndherung ignorieren wir also die Tatsache, da sich das
Targetnukleon i wahrend seiner Wechselwirkung mit Projektilnukieon 0 in einem
Medium, d.h. 1im Kern, befindet. Wir vernachldassigen damit im wesentlichen
dichteabhangige Effekte sowie Bindungseffekte. Die Giite der Impulsndherung
hangt vom betrachteten Streuproblem ab und ihre Giiltigkeit muB jeweils gepriift
werden, Fiir Nukleon-Kernstreuung liefert sie bereits gute Ergebnisse fiir Ein-
schuBenergien E > 100 MeV 126) | oberhalb 400 MeV ist die Naherung im allgemei-

nen sehr gut126’127).

3. Mikroskopische Beschreibung der elastischen Nukleon-Kernstreuung

3.1 Das mikroskopische optische Potential als Vielkorperproblem

Die mikroskopische Berechnung des optischen Potentials fiir die elastische Nu-
kleon-Kernstreuung ist ein herausforderndes und fundamentales Probiem in der
Kernphysik. Vom Standpunkt der Vielkorpertheorie aus kann das optische Poten-
tial mit dem Massenoperator der Einteilchen-Green-Funktion identifiziert wer-
denl), In Feshbach-Formalismus13) erscheint das optische Potential als eine
effektive Wechselwirkung - s. GI. (2.9), (2.10) und (2.20) - wobei der Modell-
raum P nur aus einem Zustand, dem Targetgrundzustand wo, bestehf. Das optische

Potential Una ist dann gegeben durch (s. Gl. (2.20)):



1
Una = CERTVoalvn) + (oal Vs @ o=

0
weacil Valva) (3.1)

In G1. (3.1) ist die Antisymmetrisierung des Projektilnukleons mit den Target-
nukleonen noch nicht beriicksichtigt. Der Massenoperator des Green-Funktions-
formalismus hingegen schlieft diese Austauscheffekte automatisch ein. Der Mas-
senoperator selbst ist ein sehr kompliziertes Gebilde. Seine Storungsreihe be-
steht aus der Summe aller irreduziblen Selbstenergieanteile der Einteilchen-
Green-Funktion (zur genaueren Definition s. Ref. 15). Diese Summe kann in sy-
stematischer, diagrammatischer Form aufgeschrieben werden. Die systematische
Behandlung der einzelnen Beitrdge hilft, Doppelzahlungen bei der Berechnung
des Potentials zu vermeiden. Villarsi28) nat folgenden Ausdruck fiir den exak-

ten Massenoperator U(I',E,E) in der Impulsdarstellung angegeben:

U(k ) = (kR + st k) (3.2a)
mit n
(n) = 1 p 1 1 1 r.+ 1 S
S OUY PR e (V) ™ (E)(E}“—o 03[0,
(3.2b)

1 -1 -1 '
B <p|(v E;:ﬁg)pd+(t)(E+Ho-in)(v E+HO-1'n)rJ(E )(f;%ﬁ; V)SIQ>LC

Hier ist Uyp das nichtlokale Hartree-Fock(HF)-Potential, H, der ungestorte HF-
Hamiltonoperator, Ej die ungestorte Targetgrundzustandsenergie und }0> die zu-
gehorige HF-Grundzustandswellenfunktion. Der Index LC bezeichnet "linked clus-
ter", was bedeutet, dap nur solche Diagramme (Terme) in der Entwicklung von U
eingeschlossen werden diirfen, die sich nicht durch einfaches Schneiden der
Projektilteilchenlinie 1in zwei verschiedene, unabhangige Diagramme zerlegen

1assen15). Der Operator J+(K) ist definiert durch



3Ry = [v,a%’] = AE\) a:a:<xu|v|‘f£\>av (3.3a)
und J(E) durch
J(k) = [aTZ’V] = Béa a;<?5|v|@a6aY (3.3b)

Diese Operatoren beschreiben die Wechselwirkung zwischen dem Projektil und den
Targetnukleonen. Sie libernehmen in Gl. (3.2) die Rolle, die V, in Gl. (3.1)
innehat. Die unabhangigen Summen ilber s und p beziiglich der Operatoren (GOV)s
bzw, (VGO)p erzeugen bei Anwendung auf den HF-Grundzustand "O>> den exakten
(korrelierten) Targetgrundzustand w%. Dabei 1ist Gy = (E--HO)'1 die ungestorte
Greenfunktion. Die unabhangige Summe iiber r beschreibt die Q-Raumpropagation
des Systems. Diese Zuordnung macht dann die Beziehung zwischen Gl. (3.1) und
Gl. (3.2) recht deutlich. Bei der Stdrungsentwicklung des optischen Potenti-
als, G1. (3.2), ist angenommen, dap die Wechselwirkung V geniigend schwach ist,
damit Storungstheorie gilt. Das bedeutet, da V im wesentlichen eine Brueck-
nersche G-Matrix**) bzw. fir den Streuprozef eine t-Matrix sein muB. Beide
schlieBen jeweils die Zweiteilchenkorrelationen fiir gebundene bzw. ungebundene

Nukleonen exakt ein (s. Gl. (2.33)).

3.2 Die Kernstrukturndaherung zum mikroskopischen optischen Potential

Im folgenden wollen wir das optische Potential U in Gl. (3.2) ndaherungsweise
berechnen. Insbesondere interessieren wir uns filir den Imaginarteil ImU, der
ausschlieBlich vom zweiten Term auf der rechten Seite von Gl. (3.2a) erzeugt

wird, Der dominante Beitrag zum Realteil ReU des optischen Potentials kommt



vom HF-Potential UHF° Vom zweiten Term erwartet man nur geringe Korrekturen zu
Uyp in der GroBenordnung von 10 %. Der eigentlich mikroskopisch noch recht we-
nig verstandene Anteil von U ist der Imaginarteil. Auf seine Berechnung wollen
wir uns hier konzentrieren, und zwar wollen wir ihn direkt fiir den endlichen

Kern berechnen.

Der Imaginarteil ImU beschfeibt den Stromverlust vom elastischen Kanal in die
energetisch offenen, angeregten Zustdnde des (A+l)-Systems. Die “doorways",
die zu diesen angeregten Zustanden fUhreh, sind die 2 Teilchen-1 Loch (2TlL)-
Zustidnde. Durch das Wirken von J¥ auf den exakten Grundzustand wz werden diese
"doorways" angeregt und das System propagiert anschlieBend unter Einflup der
exakten (A+1)-Green-Funktion (die Summe iiber r in GI. (3.2)). Diese bringt
dann sukzessiv die 3T2L-, 4T3L-Zustande usw. ins Spiel. Physikalisch ist klar,
da3 man - will man eine rasche Konvergenz der Storungsreihe beziiglich der Pro-
jektil-Targetnukleon-Wechselwirkung (PTWW) erzwingen - die "doorways" so wah-
len muB, daB sie bereits moglichst viele Korrelationen enthalten. In der Kern-
strukturndherung macht man nun einen Produktansatz filr die 2TlL-Zustande von
der Form Projektilwellenfunktion mal korreliertem TL-Zustand des Targets. Die
Beriicksichtigung der TL-Korrelationen ist besonders wichtig, denn diese bauen
die kollektiven Zustande des Targetkerns auf. In spharischen Kernen sind dies
die niedrigliegenden und hochliegenden Riesenresonanzzustande, die aus einer
koharenten 0Oberlagerung vieler 1TlL-Zustande entstehen. Die unelastische Nu-
kleonenstreuung zu diesen Zustdnden fihrt im allgemeinen zu groBen Streuquer-
schnitten, und deshalb tragen diese Zustdnde auch wesentlich zur Absorption,

also zum Imagindrteil des optischen Potentials bei.

Da die Energien der kollektiven Zustande gegeniiber den Energien der ungestor-

ten TL-Zustdnde stark nach unten und oben verschoben sind, ist der Einschluf



von TL-Korrelationen bei der Berechnung des Massenoperators insbesondere bei
niedrigen EinschuBenergien wichtig. Diagrammatisch entspricht der EinschluB

der TL-Korrelationen der Aufsummation von Ring-Diagrammen im Massenoperator:
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Abb. 1: Graphische Darstellung der Teilchen-Loch-Korrelationen in der RPA-Nd-
herung. Die gestrichelte Linie stellt die effektive Teilchen-Loch-Restwechsel-
wirkung dar. Diese wird bis zu unendlicher Ordnung summiert. Man beachte, daf
die Diagramme in Abb. 1 alle nur von 2. Ordnung in der effektiven PTWW (ge-

wellte Linie) sind.

Alle Diagramme in Abb., 1 sind von zweiter Ordnung in der PTWW. Natiirlich mis-
sen wir neben den direkten Graphen in Abb. 1 auch alle Austauschgraphen be-

ricksichtigen, Diese sind in Abb., 2 angegeben.

Die Graphen in Abb. 1 und 2 beinhalten die sog. Kernstrukturnaherung zum opt1¥
schen Potential. Die intermediaren Kernzustande werden durch RPA-Wellenfunkti-
oneh genahert und nur Beitrdge von 2. Ordnung in der PTWW werden beriicksich-
tigt. Die Propagation des intermediaren Projektils wird entweder durch eine

freie28) oder durch eine optische32) Green-Funktion beschrieben.
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Abb., 2: Die drei Austauschgraphen, die zum direkten Graphen in Abb. 1 gehdren.
Gapa bezeichnet die RPA-Greenfunktion.

Wenn wir die intermediaren (A+l)-Zustdnde als ein Produkt von Projektil- und
Targetwellenfunktionen darstelilen und dann iiber alle Zwischenzustande summie-
ren, kommt eine Doppelzdhlung aufgrund der Identitdt von Projektil und Target-
nukleonen vor29:32). Diese Doppelzdhlung tritt jedoch nur bei Diagrammen 2.
Ordnung auf, wo gewisse intermediire Zustande zweimal gezihlt werden, wenn se-
parat iber Projektil- und Targetzustdande summiert wird. Dies erkennt man
leicht aus den Diagrammen in Abb. 1 und Abb. 2, wo das direkte Diagramm aus
Abb, 1 und das Austauschdiagramm Abb. 2¢c sowie die Austauschdiagramme 2a und
2b identisch werden, wenn wir die 0., Naherung zur RPA-Greenfunktion Gppa neh-

men. Beriicksichtigen wir diese Doppelzahlung, so erhaiten wir folgendes Resul-

tat32) fir W = Imu:
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Hier ist

+
I(@k) =1 ag(asl vlkv)a, (3.5)
BY
ein hermitescher Einkorperoperator, der die Streuung des Projektils vom Target
einschlieplich der Austauscheffekte beschreibt. In Gl. (3.4) bezeichnen WO und
WN den exakten Grundzustand bzw. die exakten angeregten Zustande des A-Nukleo-
nensystems,»wéhrend‘j’O und IfN die entsprechenden Zustande des unkorrelierten
Systems bezeichnen. Der zweite (unkorrelierte) Term in Gl. (3.4) stellt die
s . > E

Doppelzdhlungskorrektur dar. Die Formfaktoren <WN|J(q,E)|Wd>und <ﬁ%ﬂd(q,?)]f?>
werden im nachsten Paragraph berechnet, wobei wir WN durch RPA-Wellenfunktio-
nen und jh durch ungestorte TL-Zustande approximieren.

3.3 Berechnung der Formfaktoren

In G1. (3.4) beschreibt die Funktion

<wN|q(q,k)|wo> - <qN|1Z V(1P )| KO = a Fygl kD (3.6)

den antisymmetrischen Formfaktor FNO fir die Anregung des Zustandes N vom Tar-
getgrundzustand |0 aus. Fno enthdlt den Austauschoperator Py, der aﬁf die
Projektilwellenfunktion in Gl. (3.4) wirkt und den Targetteilchenindex i mit
dem des Projektils o vertauscht. Der Formfaktor FNO 1dBt sich zerlegen in ei-

nen direkten und einen Austauschanteil

= FD + FE (3.7&)



wobei der direkte Formfaktor

RIS PRI (3.75)

und der Austauschformfaktor

ﬁ+

<N|2'5F RS (FFL) (;FO-F”)]o) (3.7¢)

o—

ist. Das Wechselwirkungspotential V in (3.7c) ist ein einfaches Zweikorperpo-
tential mit einer Austauschmischung, die sich im allgemeinen von der fir
V(o,1) unterscheidet 119,129).
- 1 + > 1 + >
V(lr‘o—r‘il) =5 (1+TO'T1-() 5 (l+oo~o1.) v(|r -r.]) (3.7d)

Gl. (3.4) kann dann im Ortsraum geschrieben werden als

> > * II +|Il i 3+II [t
H(Fgsrg) = nl] ] Fro(To o) gy (Fa,rat) FyglFat,re)d T idr!
(3.8)
- % gleiche Summe filir ungestorte Tei]chen-Lochzusténde]

Die Spin- und Winkelintegrationen konnen in geschlossener Form ausgefiihrt wer-
den, die Radialintegrale drgdré“ missen jedoch numerisch mit dem Computer be-

rechnet werden. Die Endform von W(Fo,Fé) ist gegeben durch32)

Ml
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> >, _ - 1 = -
W(r .ry) = Im[Léd( 1) (5 my 5 - m| S-Mg) (JIM JSMg|L-M
(3.9)
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mit dem nichtlokalen radialen Formfaktor
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und j = ¥2j+T ist. Die Grope 9, ; (ré",rg) in G1. (3.10) 1ist der Radialteil
cvc
der optischen Green-Funktion, die die Propagation des intermediaren Projektils

beschreibt, und die radialen Formfaktoren FD und FE sind definiert durch
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In Gl. (3.12) sind die Koeffizienten vi der

a3y die Multipolkomponenten
Zentral(n=0)- und Tensor(n=2)anteile in der effektiven PTWW und die Tlokalen

und nichtlokalen Ubergangsdichten sind definiert durch32’129)
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wobei die Xj und Yj die RPA-TL-Amplituden und die R die radialen

1d2 12 Ni%id;

Einteilchenwellenfunktionen bezeichnen,
Man beachte, daR in Gl1. (3.10) zwei Terme auftreten, namlich einer mit J=0,
L=0 und S=0 und einer mit J=0, L=1, S=1. Hier berechnen wir nur den J=L=S=0-

Term. Der J=0,L=1,S=1-Term gehort zu einem nichtlokalen Spin-Bahn-Potential.

Wir haben ein Rechenprogramm entwickelt, das den Imaginarteil des nichtlokalen
optischen Potentials aus G1. (3.10), der in detaillierter Form in Gl. (3.11)-
(3.13) gegeben ist, berechnet. Die Berechnung des nichtlokalen Formfaktors in
Gl. (3.12) ist ein nichttriviales Problem, denn es involviert fiir EE (Aus-
tausch;Austausch) eine 6-dimensionale Integration uber eine 12-dimensionale
Funktion. Vier Integrationen davon sind im Winkel. Diese konnen in geschlosse-
ner Form ausgefiihrt werden. Zwei Integrationen sind im Ortsraum, welche nume-
risch ausgefiihrt werden missen. Wegen der Doppelintegration im Ort ist es an-
gebracht, eine geeignete Integrationsmethode zur Berechnung von (3.10) zu wah-
len. Bei unserem Problem haben wir extensiven Gebrauch von der Tatsache ge-
macht, daB der nichtlokale Formfaktor FE(rO,ré) sich nur schwach als Fuknktion

von r. und r6 andert., Deshalb reicht es aus, ihn nur auf einem Netz mit ziem-

)
lich groRer Schrittweite (von typisch 0.4 oder gar 0.8 fm) exakt zu berechnen.
Die iibrigen intermedidren Punkte konnen durch Interpolation gewonnen werden.
Die Formfaktoren werden auf die Schrittweite der Green-Funktion interpoliert,

die oszillatorisches Verhalten zeigt und deshalb auf einem Netz mit kleiner

Schrittweite (0.1 fm) berechnet wird.

Man beachte, daB die Terme DD, DE und ED in Gi. (3.12) entweder keine oder nur
eine Radialintegration einschliefen. Andernfalls ist die Rechnung ahnlich wie

oben beschrieben.



3.4 Eingaben in die Rechnungen

3.4.1 Die Kernstrukturinformation

Zur Berechnung des imagindren optischen Potentials W miissen wir die Kerniiber-
gangsdichten aus Gl1. (3.13) kennen. Wir werden im folgenden das optische Po-
tential nur fiur spharische Kerne, d.h. fiir Kerne mit abgeschlossenen Protonen-
und Neutronenschalen berechnen. Die Targetkerne, die wir untersuchen werden,
sind 40Ca, 48¢a und 298pb, In diesen Fallen gibt die Random Phase Approximati-
on (RPA) eine ziemlich befriedigende Beschreibung der Kernspektren. In der RPA
wird ein angeregter Kernzustand WN durch eine Linearkombination von TL-Zustan-
131)

den beschrieben

- N _+ N _+
‘WN:>— mzi {XmiamainYmiaiam}|wo>' (3.14)

Dabei 1ist IWA) der exakte korrelierte Grundzustand des Kerns. Die Operatoren

* und a; sind die Einteilchenerzeugungs- und -vernichtungsoperatoren, die ein

an i

Nukleon im Zustand m erzeugen bzw. ein Nukleon im Zustand i vernichten. Die

N

Koeffizienten Xgi und Ymi sind die Vorwdrts- bzw. Riickwarts-TL-Amplituden. Man

erhdlt sie durch Losung der RPA-Gleichung

=0 (3.15)
B* A*+E ] \ Y

wobei die Matrixelemente durch

.=1|c-ph| .-1
Aui ni (sm=€1)6m’n61’j+<n1 }F |n3 > (3.16a)

und

o
{

A Ll FUR (3.16b)
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gegeben sind. In G1., (3.16) sind die € und €; die Schalenmodell-Einteilchen-

energien und FPh ist die TL-Restwechselwirkung,

In unseren Rechnungen verwenden wir die RPA-Wellenfunktionen von Krewald und
Speth132) fir 40ca und die von Speth und Mitarbeitern133) fiir 208pp, Die ge-
nannten Autoren verwenden eine Einteilchenbasis, die durch Losung der Einteil-
chen-Schrodingergleichung mit einem Woods-Saxon-Potential erzeugt wird. Die
Parameter des Woods-Saxon-Potentials werden so gewdhlt, daf die experimentell

bekannten Einteilchenenergien in der Nihe der Fermikante e_ wiedergegeben wer-

F
den. Fir die TL-Restwechselwirkung FPN wird die dichteabhdangige Migdal-
Kraft134) genommen. Diese Kraft hat den groBen Vorteil, daB sie sowohl das
niedrigliegende als auch das Riesenresonanzspektrum verschiedener doppelt ma-
gischer Kerne wie 16O, 40ca und 208py gut beschreibtlzg). Die Parameter der
TL-Restwechselwirkung sind so angepaBt, daB Jjeweils die Anregungsenergie und
die Ubergangsstarke zum niedrigliegenden 37 -Zustand mdglichst gut reproduziert
werden und gleichzeitig die Dipol- und Quadrupolriesenresonanzen die richtige
Anregungsenergie bekommen. Die Energie des spuriosen 17, T=0-Zustandes, der
keiner inneren Kernanregung sondern einer Translation des Gesamtkernes ent-
spricht, wird auf die Anregungsenergie Null gebracht. Bei der Berechnung des
optischen Potentials wird dieser Zustand ausgeschlossen. In 40ca pesteht die

Einteilchenbasis aus allen Schalenmodellzustdnden von 051/2 bis Ohll/z und

schliept alle lfAw-, 2Aw- und fast alle 3fw-Zustande ein.

Die RPA-Rechnungen fiir 208py, 133) sind noch genauer als die fiir 40ca, 1n die-
sem Kern beschreibt die RPA nicht nur Anregungsenergien und 0bergangswahr-
scheinlichkeiten zu den niedrigliegenden und hochliegenden kollektiven Zustdn-
den sondern auch die Ubergangsdichten, die in den letzten Jahren im Detail mit

Hilfe von unelastischen Elektronstreuexperimenten ausgemessen wurden135). Des-



halb diirfen wir insbesondere bei 298pp annehmen, daf die Kernstruktureingabe
fiir die mikroskopischen Potentialrechnungen bekannt ist, so daB wir Aussagen

uber die Gute der Kernstrukturnaherung zum optischen Potential machen konnen.

3.4.2 Wahl der effektiven Projektil-Targetnukleon-Wechselwirkung (PTWW)

Neben der Kernstrukturinformation miissen wir bei der Berechnung des mikrosko-
pisthen optischen Potentials auch die effektive PTWW kennen. Aus Kapitel 2.3
wissen wir, daB die PTWW am besten durch die t-Matrix, Gl. (2.33), approxi-
miert wird. Da wir hier den Imaginéftei] zum optischen Potential unter sto-
rungstheoretischer Behandlung der energetisch offenen Reaktionskandle berech-
nen wollen, ist es sinnvoll, die Version der t-Matrix aus Gl. (2.33) zu benut-
- zen, wo der Operator Q' auf die energetisch hochliegenden, geschlossenen Kana-
le, d.h. den Fernraum, projiziert., Dann ist die t-Matrix reell und der Imagi-
narteil des optischen Potentials ist allein ein Resultat der storungstheoreti-
schen Behandlung der Zustande im Nahraum Q". Die reelle t-Matrix approximieren
wir wiederum durch eine geeignete effektive Wechselwirkung wie z.B. durch die
M3Y-Kraft von Bertsch u.a.125) (M3Y = Summe dreier Yukawa-Krdfte verschiedener
Reichweiten). Die M3Y-Kraft ist eine Parametrisierung der Brueckner-G-Matrix,
die ausgehend von einer realistischen NNWW durch Losung der Bethe-Goldstone-
Gleichung fiir gebundene Nukleonen gewonnen wurde; daher hat die M3Y-Kraft kei-
nen Imaginarteil. In unseren Rechnungen benutzen wir die dquivalente Eikemei-
er-Hackenbroich-Kraft136’137) fir die effektive PTWW. Diese beschreibt, wie
die M3Y-Kraft, ziemlich gut unelastische Protonenstreudaten zu natiirlichen und
unnatiirlichen Paritatszustanden., Diese Tatsache kgnnen wir auch so auffassen,

daf} wir die effektive PTWW zundchst in der unelastischen Nukleonenstreuung ei-



chen, bevor wir sie fir die mikroskopiséhe Berechnung des optischen Pptentials
verwenden. Auf jeden Fall ist damit garantiert, daB die unelastische Q(ber-
gangsstarke vom Grundzustand zu den angeregten Zustanden im Streuprozef rich-
tig beschrieben wird, und dies ist gerade bei der mikroskopischen Berechnung

des Imagindrteils des optischen Potentials gefordert.

3.4.3 Optische Green-Funktion

Wie in den Arbeiten von Satchler u.a.25) benutzen wir eine optische Green-
Funktion fir gN(FO,?é) in G1. (3.8). Optisch heipt, dap wir die Green-Funktion
an einem komplexen Einteilchenpotential erzeugen. In einer selbstkonsistenten
Rechnung sollten wir eigentlich fiir das Einteilchenpotential das HF-Potential
Uye aus GI. (3.2a) nehmen. Da wir hier nicht selbstkonsistent rechnen - es
wiirde eine selbstkonsistente Behandlung des Reaktions- und des Kernstruktur-
problems erfordern, was numerisch sehr aufwendig ist - ersetzen wir UHF durch
ein Faltungspotential, das wir durch Faltung der effektiven PTWW mit der Tar-
getgrundzustandsdichte erha]ten35). Wenn wir die Spin-Bahn-Wechselwirkung (und

imaginare Potentiale) vernachldssigen, konnen wir dann folgende Eigenfunkti-

onsentwicklung der Green-Funktion angeben

v (R (FY)
() 2 20y nLm nLm
gy ‘(E,r,r') = ) e : (3.17)
N amn E EN en2+1e

wobei die Wn ?) die Einteilchenzustdande, ¢ __, die Einteilchenenergien und En

,Q,m( ng
die Anregungsenergien des intermediaren Kernzustandes sind. Die Summe Uber
(nem) schlieBt gebundene und ungebundene Zustdinde ein. Von dieser Summe miissen

die von den Targetnukleonen bereits besetzten Zustande ausgeschlossen werden,



damit das Pauli-Prinzip nicht verletzt wird. Wir bemerken jedoch, daB dieser
sog. AusschlupBeffekt fir den Imagindrteil des Potentials keine Rolle spié]t,
denn die Summe iiber gebundene Zustdnde in Gl. (3.17) ist immer rein reell.
Deshalb beeinflufft der AusschluB von gebundenen Zustanden nur den Realteil und
nicht den Imaginarteil der Green-Funktion bzw. des mikroskopischen optischen

Potentials.

Wenn ein rein reelles Potential zur Erzeugung der Green-Funktion benutzt wird,
besitzt diese fiir gewisse Energien sehr scharfe Resonanzen und damit auch das
zu berechnende optische Potential. Nun wissen wir aber, dap optische Potentia-
le an sich energiegemittelte GrofRen sind, die sich nur schwach mit der Energie
E andern. Um diese Eigenschaft in unsere Rechnungen einzubeziehen, miissen wir
die Green-Funktion in Gl. (3.16) energiemitteln. Dazu falten wir g§+)(E,?,F')
in eine Lorentzverteilung mit der Energie E und der Breite I und erhalten

g
g,Ef)(EH'I,T‘,?') =;,I-f ger N~ ~ (3.18)

Die energiegemittelte Green-Funktion ist einfach die urspriingliche Green-Funk-
tion berechnet an der komplexen Energie E+il. Im Kerninnern ist die Wellen-
gleichung fiir eine komplexe Energie jedoch &dquivalent zu der mit einem absorp-
tiven optischen Potential, das die Absorption W = I/2 besitzt. Deshalb kann
man die Energiemittelung auch durch Verwendung eines komplexen, absorptiven
Potentials simulieren. Gleichzeitig beriicksichtigt dieses absorptive Potential
auch in qualitativer Weise den Effekt der tatsdachlichen Absorption in interme-
didren Kanalen, die aus der Kopplung der 2TlL-Doorways mit komplizierteren Zu-

standen vom 3T2L-Typ, 4T3L-Typ usw. resultiert.



Fiir die Berechnung des imagindren Potentials ist es wesentlich und notwendig,
daR eine optische Green-Funktion verwendet wird. Eine freie Green-Funktion

32). Die Er-

produziert Uberraschenderweise mehr Absorption als eine optische
klarung dafiir ist, daR ein Projektil, das in einem attraktiven Potential pro-
pagiert, sich wesentlich schneller bewegt als ein freies Teilchen. In der WKB-
Ndherung wird diese Eigenschaft durch einen Faktor (k(x))~ 1/21'n der Wellen-
funktion ausgedriickt, wobei k(x) die ortsabhdngige Wellenzahl ist. Dieser Fak-

tor macht die optische Greenfunktion im Kerninnern kleiner im Vergleich zur

freien Greenfunktion und damit auch das berechnete imaginare Potential.

3.4.4 Nichtlokalitat und lokale Naherung

Eine wichtige Eigenschaft des berechneten imagindren Potentials W ist seine
Nichtlokalitdt. Diese Nichtlokalitat wird wesentlich durch die intermedidre
Green-Funktion gy, GI. (3.17), bestimmt. Der Einfachheit halber diskutieren
wir zunichst das nichtlokale Verhalten von W fiir den Fall einer freien Green-
Funktion (FGF), denn dann kann die Nichtlokalitat in analytischer Form angege-

ben werden. Diese ist fiir den Imagindrteil der FGF gegeben durch

f . . f

2uk, sin(k,s) :

Im g;(FsFI) = - -ﬁzN f N (3.19)
st

wobei $: = T-r' die Nichtlokalitatskoordinate, kE = /TE:EEYT§;7ET die freie
(f) Wellenzahl und p die reduzierte Masse bezeichnet. Die Nichtlokalitat in
Gl. (3.19) hat die Struktur einer Bessel-Funktion jo(kas) mit einem groBen Di-
agonalwert bei s=0 und relativ kleinen positiven und negativen Oszillationen

bei groBeren Werten von s. Wir definieren die Nichtlokalitdtsldnge b als den



! gegeniiber ihrem Wert

Wert von s, fir den die Funktion (3.19) um den Wert e~
bei s=0 abgefallen ist. Diese Lange betragt im Fall einer FGF ungefahr

b = 2.2/kﬁ fm und nimmt wegen b ~ %f mit wachsender Einschupenergie E ab. Man
erwartet also, daBR im allgemeinen eine Tlokale Naherung zum nichtlokalen
N(?,F‘) am besten ist fir hohe EinschuBenergien und daf auferdem die Nichtlo-
kalitatslange b zum Kernrand hin wachst, weil dort die (lokale) Wellenzahl k
abnimmt. Fiir 30 MeV Neutronen erhalt man auBerhalb des Kerns fiir b einen Wert

von 2,20/1.36 = 1.6 fm. Dies ist eine gute Abschatzung, wie wir spater noch

zeigen werden,

Obwoh1 der Imaginarteil der optischen (Op) Green-Funktion

Op,+ +, zukN + * .
Im ng(r,r ) = - 2 Re{%m Rz(c:)Ré )(r>)Y2m(r)Y2m(r )} (3.20)
mit
Ré+) > hél)(kNr) (Hankelfunktion 1. Art) (3.20a)

viel komplizierter 1ist als der von FGF und sowohl von der Koordinate
R = (?+?‘)/2 als auch von der Nichtlokalitatskoordinate $ abhangt, behdlt Im
ggp trotzdem die charakteristische Eigenschaft, an der Diagonalen r=r' am
starksten zu absorbieren. Die Nichtlokalitdt hangt nun jedoch nicht nur von
|| sondern auch von der Richtung von S ab. Zur Absorption 1im optischen Po-
tential tragen im allgemeinen viele intermediare Zustdande N bei, iber die in
Gl. (3.8) summiert wird. Diese besitzen im allgemeinen verschiedene Energien
Ey und damit auch die zugehdrigen Green-Funktionen verschiedene Wellenzahlen
Kne Durch Oberlagerung der verschiedenen Beitrdge zu W, die von der Form

Im FONgNFSN’ also Produkt aus Green-Funktion und Formfaktoren sind, wird die
Nichtlokalitat von W an der Diagonalen (s=0) scharfer und bei groBeren Werten

von s stark gedampft, denn dort geraten die verschieden oszillierenden Beitra-



ge auBer Phase und mitteln sich weg. Dieser Effekt ist bei der Neutron- und
Proﬁonstreuung eindeutig vorhanden, wie man in Abb., 3 sehen kann. Dort wird
das nichtlokale Verhalten fiir 40Ca(p,p)= und 40Ca(n,n)-Potentia]e bei einem
Radius von R = 3.2 fm, d.h. fiir einen Ort an der Kernoberflache, gezeigt. Es
treten keine Oszillationen auf und die nichtlokale Form kann gut durch eine

GaupB-Funktion gendhert werden.
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Abb. 3: Das Potential W(R,s) als Funktion der Koordinate s bei einem Radius
R = 3.2 fm, berechnet fiir 17.7 MeV Proton- und Neutronstreuung von 40Ca.

Der Grad der Ddmpfung hdangt wesentlich von der GroRe und der Variation der
beitragenden intermedidren Wellenzahlen kN ab, Zum Beispiel sind in der
a-4OCa-Streuung die Wellenzahlen fiir alle Zwischenzustande N wegen der gro-
Beren reduzierten Masse (“a ~ 4un) ziemlich grof. Dann ist die Summe iber in-
termedidre Zustande N bei der Dampfung der Oszillationen ziemlich uneffektiv,
weil alle Beitrdge in etwa in Phase schwingen. In Abb. 4 zeigen wir in per-
spektivischer Darstellung das nichtlokale Potential W(¥,r') fiir 31 MeV a-

Streuung von 40ca bei einem Winkel von 00 zwischen den Vektoren + und ?'34),



Nonlocal imaginary optical Potential
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Abb, 4: Das berechnete a-4OCa nichtlokale imagindre Potential fiir 31 MeV Ein-
schupBenergie in perspektivischer Form als Funktion von r und r'@&[(?,?') = 00)

gezeichnet.

Die positiven Oszillationen des Potentials auBerhalb der Diagonalen sind ziem-

lich groB, besonders an der Kernoberfldache. Die Nichtlokalitatslange des

Hauptmaximums betrdgt hier b = 0.69 fm, ist also wesentlich kleiner als fiir 30

MeV Nukleonenstreuung mit b 1.5 fm., Jenseits des Hauptmaximums setzt sich
die Nichtlokalitat in einer ziemlich komplizierten Weise fort., Dieses Ergebnis
zeigt, daB das imagindare optische Potential fiir a-Streuung und ganz allgemein
fir Streuung schwerer Ionen hochnichtlokal ist und daB die schmale Breite des

Hauptmaximums nicht unbedingt ein Kriterium fiir die Giltigkeit einer lokalen

Naherung ist.



Das Erscheinen von positiven Oszillatioen in W bedeutet nicht, daB das Poten-
tial FluR (Teilchen) erzeugt. Es gibt keine lokale Kontinuitdtsgleichung fiir
die Schradinger-Gleichung im Falle eines nichtlokalen Potentials. Man muf3 min-
destens iiber einen Bereich von der GroBe der Nichtlokalitdtslange integrieren,
um eine Kontinuitatsgleichung zu bekommen. Diese Gleichung zeigt dann, daB es
immer Absorption gibt, wenn Gl. (3.8) filir das imagindre Potential benutzt

wird.

Das nichtlokale imagindre Potential w(E,ﬁ,E) soll nun in ein "dquivalentes"
lTokales Potential transformiert werden. Dies ist wiinschenswert, um die mikro-
skopischen Potentiale mit herkommlichen, phanomenologischen Potentialen ver-
gleichen zu konnen. Auch erleichtern lokale Potentiale wesentlich die Berech-
nung des elastischen Streuquerschnitts. Die lokale Ndherung zum nichtlokalen
Potential W besteht darin, daR man die Nichtlokalitdt durch eine analytische
Funktion wie Z.B. eine GauR-Funktion parametrisiert und dann iber die Nichtlo-
kalitatskoordinate 's integriert. Die Nichtlokalitdt von W hangt von den Vekto-
ren R, $§ und dem Winkel o ='Q(§,§) ab. Wir verwenden hier eine Lokalitdts-
vorschrift, die von Perey und saxonl38) angegeben wurde (s. auch Ref., 32). Sie
beruht auf der Annahme, daB man das Hauptmaximum in der Nichtlokalitat (s,
Abb. 3 und 4) durch eine GauB-Form parametrisieren kann. Das dquivalente loka-

le Potential W(R) erhdlt man dann nach der Forme132)

W(R) = W(R,R) w22 b (R)BZ(R) exp{-(b%(R)+2bZ(R)) ﬁ‘—(%éﬂﬁ} (3.21)

wobei b.(R) die radiale Nichtlokalitatslange und be(R) die Nichtlokalitat im
Winkel ist. Beide sind Funktionen vom Ort R. V ist das mittlere reelle Poten-
tial, an dem die Green-Funktion erzeugt wird, und W(R,R) ist der Diagonalwert

des nichtlokalen Potentials.
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Abb. 5: Die radiale Nichtlokalitat b.(R) (durchgezogene Linie) und die Nicht-
lokalitat im Winkel b R) (gestr1che1te Linie) als Funktion von R fiir das
nichtlokale Potential ﬁ (r, ') bei 30 Mev Neutronstreuung von %0ca. Dabei ist b
die Ldange, bei der das Potentia] w(ﬁ,é) um e‘l gegeniiber dem Diagonalwert
W(R,3=0) abgefallen ist.

In Abb. 5 zeigen wir die radiale Nichtlokalitat und die Nichtlokalitat im Win-
kel fiir N(F,F') im Falle von 30 MeV Neutronstreuung von 40ca. Die Nichtlokali-
tdat wdchst stetig von kleinen Radien R im Kern bis hin zu grofBen R auperhalb
des Kerns. Die Nicht]oka]itét im Winkel be(R) ist bei allen Radien etwas gro-
Ber als b.(R). Der "Daumenwert" b = 1.6 fm im Falle einer FGF ist offensicht-

lich auch hier relevant.

Aus Abb, 4 geht hervor, daR eine oszillatorische Nichtlokalitat nur sehr
schlecht durch eine GauB-Form parametrisiert werden kann, weil sie die positi-
ven und negativen Oszi]]ationen bei groRen Werten von s einfach nicht berlick-
sichtigt. Deshalb werden auch andere analytische Darstellungen fiir die Nicht-
lokalitat gewdahlt, die die Oszillationen des nichtlokalen Potentials explizit

einsch]jeBen35).



Wir mochten nochmals betonen, daR wir die lokale Naherung hauptsdchlich des-
halb durchfiihren, um die physikalische Information, die in den nichtlokalen
Potentialen steckt, anschaulich zu machen. AuRerdem mochten wir natiirlich die
mikroskopischen Potentiale mit den phanomenologischen Potentialen vergleichen,
deren Eigenschaften wir bereits kennen. Obwohl die lokale Naherung nicht immer
gut ist, verwenden wir die "aquivalent" lokalen Potentiale zur Berechnung von
elastischen Streuquerschnitten. Da wir auch die elastischen Streuquerschnitte
von den nichtlokalen Potentialen berechnen, haben wir ein MaR an der Hand,

uber Giite und Qualitat der lokalen Ndherung zu entscheiden.

3.5 Ergebnisse fir den Imaginarteil des optischen Potentials

Im Lane-Mode11139) wird der Kernanteil Uy des phanomenologischen optischen Po-

tentials fir Nukleon-Kernstreuung geschrieben als

£ 25U (E,r) + AU (E,r) (3.22)

N
2

wobei U. den isoskalaren Anteil, Uy den Isovektoranteil und AUC die Coulomb-

0
korrektur des optischen Potentials bezeichnet. Die Coulombkorrekturl40) tritt
nur bei Protonenstreuung auf und tragt der Tatsache Rechnung, da die Projek-
tilenergien von Proton und Neutron im Kernbereich wegen der repulsiven Cou-
lombkraft verschieden sind. Die beiden Tetzteren Terme in Gl. (3.22) sind la-
dungsabhangig, aber nur der Ul-Term, auch Lane-Potential genannt, enthdlt ei-
nen Isospinoperator t.T (T: = Isospin des Targets, t: = Isospin des Projek-
tils). Deshalb kann das Lane-Potential auch eine Ladungsaustauschreaktion

induzieren, was fir die Coulombkorrektur nicht mdglich ist. Jeder Term in Gl.

(3.22) besteht aus einem Realteil und einem Imaginarteil:



U (E,r) =V, (E,r)+il (E,r) k=0,1 (3.23a)

AU (E,r) = AVC(E,r)+1AwC(E,r) (3.23b)

N

Es sind die Imagindrteile (wk)k=0 1 und ch, die wir im folgenden mikrosko-

pisch berechnen wollen,

3.5.1 Das absorptive, isoskalare Potential W

Das isoskalare Potential W  haben wir fiir die 40Ca(n,n)—Reaktion bei verschie-
denen Projektilenergien E berechnet32533,35)  pabei sind wir von GI. (3.4)
ausgegangen. Fiir die effektive PTWW haben wir die Eikemeier-Hackenbroich (EH)
t-Matrix benutzt136’137). Diese wurde aus der EH-Nukleon-Nukleon-Wechselwir- .
kungl36) mit Hilfe der Scott-Moszkowski-Separationsmethode zur G-Matr1x141)
konstruiert. Die Giite der EH-t-Matrix wurde in verschiedenen Analysen von in-
elastischen (p,p')—Streudaten129»142) und von (p,n)-Ladungsaustauschreaktio-
nenl143) erfolgreich getestet. Die Volumenintegrale ihrer Zentral- und Tensor-
komponenten stimmen ziemlich gut (5nnerha1b von 10 %) mit denen der h3iufig be-
nutzten M3Y-Kraftl25) iberein. Wir verwenden hier die EH- anstelle der M3Y-
Kraft, weil erstere eine Gaupformige Radialabhangigkeit besitzt, welche die an

sich komplizierten numerischen Rechnungen fiir das mikroskopische optische Po-

tential sehr vereinfacht.

Flir die intermedidren Zustdnde ¥, in Gl. (3.4) verwenden wir die RPA-Wellen-

N
funktionen von Krewald und Speth132). Wir schliepBen alle energetisch offenen
Iwischenzustdnde in unseren Rechnungen ein, d.h., alle inelastischen natirli-

chen und unnatiirlichen Paritatszustdnde sowie auch alle entsprechenden La-
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dungsaustauschzustdande. In einem doppelt magischen Kern wie 40ca sind die mei-
sten energetisch niedrigliegenden Zustande von nétUr]icher Paritdt, wdhrend
die unnatirlichen Paritdtszustande erst bei hoheren Anregungsenergien
(~10 MeV) erscheinen. Deshalb geht ein groBer Teil der Absorption auf die na-
tirlichen Paritatszustande zuriick, insbesondere auf die niedrigliegenden 37-
und 57-Zustdnde. Bei einer EinschuBenergie von 30 MeV werden jedoch auch die
Dipolriesenresonanz, die isoskalare Quadrupolriesenresonanz und ein groRerer
Teil der 3fw Hexadekapol-(3~)-Starke angeregt, die alle wesentlich zur Absorp-
tion beitragen. Im Gegensatz zu diesen natiirlichen Paritdtszustanden besitzen
die Zustande mit unnatirlicher Paritdt weniger Kollektivitat und tragen des-
halb weniger zur Absorption sei.

Imaginary optical potential
12 3 4 5 6 '|7r [fgl
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s - ==me=e- CEX,nat.p.states
= ecmmes = [EX, unn.p.states
-5 IEX, nat.p.states

Abb, 6: Beitrdage zum imaginaren optischen Potential von verschiedenen Klassen
von intermedidren Zustdanden. Dieses sind die unelastischen natiirlichen und un-
natlirlichen Paritdtszustande (IEX) und die entsprechenden Ladungsaustauschzu-
stande (CEX). '

In Abb. 6 zeigen wir die verschiedenen Beitrage zum Imaginarteil des optischen
Potentials fir 40Ca(n,n), die von den verschiedenen Klassen von intermedidren
Zustdanden produziert werden. Es ist zunachst etwas iiberraschend, da Ladungs-

austausch einen so gropen Beitrag zur Absorption liefert. Dies ist darauf zu-



riickzufiihren, dap die Ladungsaustauschzustande, die in der (n,p)-Reaktion an-
geregt werden, um die Coulombenergiedifferenz der Kerne (Z;N) und (Z-1,N+1)
energetisch nach unten verschoben sind. AuPerdem ist das Projektilmatrixele-

ment bei Ladungsaustausch um einen Faktor 2 groBer als bei unelastischer

Streuung,
Imaginary optical potential
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Abb., 7: Beitrdge zum imaginaren optischen Potential von allen unelastischen
Kanalen und von allen Ladungsaustauschkanalen.

In Abb. 7 zeigen wir die Summe der Beitrdge von Ladungsaustausch und die von
inelastischer Streuung getrennt. Wir finden, daB nahezu 30 % der Gesamtabsorp-

tion an der Kernoberfldache auf Ladungsaustauschkanale zuriickgeht.

Wie wir bereits in § 3.2 diskutiert haben, mUssen'wir die RPA-Ergebnisse um
die Beitrage korrigieren, die von der Anregung der ungestorten TL-Doorway-Zu-
stande herriihren, weil wir diese sonst doppelt zahlen. Dieser TL-Doorway-Bei-
trag stellt auch gleichzeitig das Ergebnis dar, das man mit ungestorten, in-
termedidren TL-Zustanden erhalten wiirde, d.h. unter Vernachldssigung von kol-
lektiven Effekten. Wie man aus Abb. 8 sieht, ist die TL-Korrektur ziemlich

klein. Dies bedeutet, daf eine Berechnung des imaginaren optischen Potentials



Imaginary optical potential
12 3 4 5 6 qrlfml

|
_2 .
(g _1‘ =
>
@ ~ / 40
S 5 S= Caln,n),E;.=30MeV
2; == o=mm.= P-h correction
-8 cace= uncorrected RPA
calculated W(r)
-10}-
v

Abb. 8: Effekt der Doppelzahlungskorrektur (ph) fiir den Imaginarteil des opti-
schen Potentials. Dieser wird durch die kurz-lang-gestrichelte Kurve darge-
stel1t. Die Doppelzdahlungskorrektur ist auch gleichzeitig das Ergebnis fiir das
imagindre optische Potential, wenn anstatt der intermedidren RPA- ungestorte

TL-Wellenfunktionen benutzt werden,

mit reinen TL-intermediaren Zustanden die Absorption stark unterschatzen wir-
de. Deshalb 1ist ein groBer Teil der Absorption auf kollektive Effekte des
Kerns zurilickzufijhren. Da kollektive Zustande Ubergangsdichten besitzen, die
besonders groB an der Kernoberfldche sind, erzeugen sie auch gerade an der
Kernoberflache eine starke Absorption und sind deshalb hauptsdchlich fiir die
experimentell beobachtete Oberflachenabsorption der optischen Potentiale bei
niedrigen EinschuBenergien (E< 50 MeV) verantwortlich. Dieser Effekt ist auch
in Abb. 6 deutlich zu sehen, wo nur die inelastischen natiirlichen Paritatszu-
stande starke Oberfldchenabsorption aufweisen. Diese Klasse von Zustdnden be-

sitzt auch die starksten kollektiven Zustdnde,

In den Abb. 9 und 10 vergleichen wir das berechnete, mikroskopische Potential
fiur 30 MeVv 40Ca(n,n)—Streuung mit verschiedenen phanomenologischen Potentia-
1enl44-146) ,nd mit dem berechneten Potential von N. Vinh Mau?8). unser be-

rechnetes Potential ist oberfldchenabsorbierend, aber der Oberfldchenpeak ist
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Abb, 9: Vergleich des berechneten Potentials mit einer ahnlichen Rechnung von
Vinh Mau?8) und einem phanomenologischen Potentiall%?) bei 30 MeV EinschuB-
energie.
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Abb. 10: Vergleich von unserem berechneten Potential mit den phanomenologi-
schen_ Potentialen von Becchetti-Greenleesl44) ynd der Ohio Universi-
tat145’146).

im Vergleich zu den phanomenologischen Potentialen um 0.6 fm zum Kerninnern
hin verschoben. AuBerdem hat es eine um 2 MeV geringere Tiefe als die phanome-

nologischen Potentiale. Die Unterschatzung in der Tiefe ist vielleicht nicht



so liberraschend, da wir nur die energetisch offenen, inelastischen Kanale als
Iwischenzustdnde einschliepBen, aber keine Rearrangement-Kanale, die einen ad-
ditiven Beitrag zur Absorption liefern wiirden. Ein Vergleich zwischen unserer
Rechnung und der von Vinh Mau28) zeigt, daB unser Potential zu weit im Kernin-
nern absorbiert und auch eine geringere Tiefe aufweist. Um diese Unterschiede

zu verstehen, bedarf es der Erwagung folgender Punkte:

(i) Wir benutzen in unseren Rechnungen die (bergangsdichten von Krewald und
Speth132), wahrend Vinh Mau28) jene von Gillet und sandersonl47) verwendet .
Ein Vergleich der RPA-(Ubergangsdichten fiir den niedrigliegenden kollektiven

3"-Zustand zeigt nun, daB die Gillet-Sanderson-Obergangsdichte ihr Maximum bei
einem groferen Radius als die von Ref. 132 erreicht. Die Differenz betragt et-

wa 0.3 fm.

(i1) Die unterschied]icﬁe Tiefe der beiden Potentiale ist jedoch schwieriger
zu verstehen, Die RPA-Rechnungen von Krewald und Speth sind in einem wesent-
lich groBeren Modellraum (nahezu alle 3kw Anregungen waren eingeschlossen)
durchgefiihrt worden als die von Gillet und Sanderson. Deshalb schliefen die
RPA-Rechnungen der ersteren Autoren auch einen gropBeren Teil der totalen Mul-
tipoliibergangsstarke beziiglich der Operatoren rLYL ein als die von Gillet und
Sanderson. Folglich sollte unser Potential stdrker absorbierend sein als das
von N. Vinh Mau, was aber nicht der Fall ist. Es gibt jedoch noch einen weite-
ren wichtigen Unterschied zwischen den beiden Potentialrechnungen, und zwar
wurden in beiden Rechnungen unterschiediiche effektive PTWW benutzt. In unse-
ren Rechnungen benutzen wir die EH-Kraft, welche im Mittel die experimentellen
inelastischen Streuquerschnitte zu den niedrigliegenden kollektiven Zustanden
reproduziert. Dies haben wir gepriift, indem wir mikroskopische, antisymmetri-

sierte DWBA-Rechnungen fiir diese Zustande mit den RPA-Wellenfunktionen von



Ref. 132 durchgefiihrt haben. Dadurch haben wir die effektive PTWW sozusagen an
der inelastischen Streuung geeicht, bevor wir sie in der Potentia]rechnung
verwendet haben. N. Vinh Mau27°30) hingegen benutzt die Reichstein-Tang-Wech-
se]wirkungl48), die um einen Faktor 1.5 groRere inelastische Streuquerschnitte
liefert als die EH-Kraft. Deshalb wiirden wir auch ein um 50 % tieferes imagi-
ndares optisches Potential erhalten, wenn wir diese Wechselwirkung benutzen
wirden. Diese wiirde jedoch auch zu gropBe inelastische Streuquerschnitte lie-
fern., Offensichtlich ist die effektive PTNN nicht eindeutig bestimmt und muf
irgendwo, z.B. an der inelastischen Streuung, geeicht werden, bevor sie in den

Rechnungen fiir das optische Potential benutzt werden kann.

Wir haben schon erwdhnt, daB unser berechnetes Potential fiir 40Ca(n,n) seine
maximale Potentialtiefe etwas innerhalb des Kerns erreicht. Es gibt verschie-
dene mogliche Erklarungen fiir diese Verschiebung der Absorption zu kleineren
Radien hin. Eine erste Moglichkeit ist die, daB die EH-Kraft keine Dichteab-
hangigkeit besitzt. Eine dichteabhdngige effektive PTWW hat die Tendenz, die
Absorption nach groReren Radien hin zu verschieben. Um dies zu testen, haben
wir die EH-Kraft "kiinstlich" dichteabhangig gemacht. Dazu haben wir die dich-
teabhdngigen Singulett- und Triplettfaktoren von Green's Paper149) genommen,
die dort zusammen mit der Ka]110—Ko11tveit-Kraft150) benutzt wurden, und haben
mit diesen Faktoren die Singulett- und Triplettzentralanteile der EH-Kraft
multipliziert. Wie Abb. 11 zeigt, vergroBert diese spezielle Dichteabhdngig-
keit die Absorption an der Kernoberfldache wesentlich und verschiebt die Peak-

position um 0.4 fm zum Kernrand hin,

Eine zweite Moglichkeit ist die, daB die RPA-Obergangsdichten zu den kollekti-
ven intermediiren Zustinden in 49Ca nicht die richtige Oberfldchenform haben.

Dann wird auch das absorptive Potential diese Eigenschaft besitzen, weil es



Z'OCc(n,n), Einc=30MeV

2T ! fos4tm
E 37(3.73MeV) -intermediate state
= | \J/% eee=-= E-H-force
density dependent force
— 2 e

v

Abb, 11: Effekt einer dichteabhangigen effektiven PTWW auf die Form des imagi-
naren optischen Potentials. Nur der kollektive 3~-Zustand wurde als Zwischen-
zustand in dieser Testrechnung beriicksichtigt.

hauptsdchlich die kollektiven Zustande sind, die die Form dés imaginaren Po-
tentials bei niedrigen EinschuBenergien, E < 50 MeV, bestimmen. Um diese Fra-
gen zu kldaren, haben wir das mikroskopische, imagindre optische Potential

Wy = Im(Uy) (s. G1. (3.22)) fiir die elastische Protonstreuung von 208pp pe-
rechnet. Wir haben 208pp gewahlt, weil die Obergangsdichten zu vielen kollek-
tiven Zustidnden in 298pb mit Hilfe der inelastischen Eléktronenstreuungl35)
gemessen worden sind. Weiterhin erzielen die RPA-Rechnungen von Speth und Mit-
arbeitern133) die besten Ergebnisse fiir diesen Kern und beschreiben Anregungs-
energien, B(EX)-Werte und Obergangsdichten vieler niedrig- und hochliegender
kollektiver Zustdande quantitativ. Deshalb diirfen wir anﬁehmen, dag im Falle
von 208pp die Kernstruktureingaben in unsere mikroskopischen Potentialrechnun-
gen bekannt sind, und konsequenterweise konnen wir entscheiden, ob die Ver-
schiebung von W in 40ca zu kleineren Radien hin ein echter physikalischer Ef-
fekt ist oder ob sie einfach auf einen Defekt in den RPA-Obergangsdichten zu-

rickzufihren ist.
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Abb. 12: Vergleich des berechneten mikroskopischen imagindren Potentials fiir
208Pb(p,p) mit dem phanomenologischen Potential von Ref. 151.

In Abb. 12 vergleichen wir das berechnete, dquivalent lokale Potential fir
208Pb(p,p) mit dem phanomenologischen Potential von Ref. 151. Das berechnete
Potential ist oberflachenabsorbierend und, im Gegensatz zu 40Ca(n,n), er-
scheint die Peakposition des Potentials nun im Falle von 208Pb(p,p) nahezu an
der richtigen Stelle. Das mikroskopische Potential W besitzt die gropte Ab-
sorption beim Radius r = 7.6 fm in guter (bereinstimmung mit dem ph&nomenolo-
gischen Potential, dessen gropte Tiefe bei r = 7.8 fm vorliegt. Die Verschie-
bung in der Peakposition um 0.2 fm ist viel kleiner als im Falle der
40Ca(n,n)-Streuung (0.6 fm, s. Fig. 9). Diese kleine Diskrepanz von 0.2 fm
kann leicht mit der Vernachlassigung der Dichteabhangigkeit in der PTWW er-
klart werden. Das Resultat fiir 208Pb(p,p) zeigt deutlich, daB gute Struktur-
wellenfunktionen zur Beschreibung der intermedidren Zustande benotigt werden,
um die phanomenologischen Potentiale richtig beschreiben zu konnen, Das Volu-
menintegral pro Nukleon Jy des mikroskopischen Potentials betrdagt fiir 208py,

33 MeV fm3 und das des phanomenologischen Potentials 73 MeV fm3. Das Volumen-



integral/Nukleon von W ist also um einen Faktor ~2 kleiner als das des phino-
menologischen Potentials. Diesen Faktor "2" haben wir auch schon beim Studium

der mikroskopischen Potentiale fir 40Ca(p,p)m und 40Ca(n,n)-Streuung gefun-
den32,33,35)

3.5.2 Das absorptive Isovektorpotential W,

Vom mikroskopischen Standpunkt aus wird das Isovektorpotential wl in N£Z-Ker-
nen durch 1inelastische 0bergiange der 0berschuBneutronen (Protonen) in den
letzten besetzten Schalen eréeugt. Abgesehen von Isospinfaktoren ist das Po-
tential wl identisch mit dem Imagindrteil des Ladungsaustauschiibergangspoten-
tials zwischen dem Targetgrundzustand und seinem isobaren Analogzustand
(IAS)+. Deshalb wahlen wir diesen Obergang, um das Potential W, mikroskopisch
zu bestimmen, Es gibt vier Typen von intermediaren Teilchen-Loch-Anregungen,
welche in 2. Ordnung zur Anregung des IAS beitragen konnen. Diese involvieren
intermediare unelastische oder Ladungsaustauschanregungen, wobei im 2. Schritt
entweder das intermedidre Teilchen oder das intermedidare Loch gestreut wird
(s. Abb. 13). Die Summe der Beitrage dieser Diagramme ergibt dann in 2. Ord-

nung einen Ladungsaustauschoperator, der proportional zu Uj=Vi+iW; ist.

Fiir den isoskalaren Anteil wo des imagindren optischen Potentials spielt die
Kollektivitat in den intermediaren, inelastischen (bergangen eine zentrale
Rolle, Die attraktive TL-Restwechselwirkung verschiebt die isoskalare Starke
zu niedrigen Anregungsenergien hin, verstarkt dadurch die Absorption in un-
elastische Kandle und vergroBert in dieser Weise das imagindre optische Poten-

*  Der isobare Analogzustand (IAS) wird auch haufig mit isobarer Analogreso-
nanz bezeichnet (IAR).



Abb. 13: Teilchen(a,b)- und Loch(c,d)-Streuprozesse, die in 2. Ordnung Sto-
rungstheorie zum imaginaren wl-Potent1a1 beitragen.

tial, Die starken isoskalaren, kollektiven Zustande besitzen jedoch keine gro-
en Ladungsaustauschmatrixe]gmente mit dem [AS-Zustand. Die Zustdnde, die
stark mit dem IAS koppeln, sind die Isovektorzustdande, die jedoch energetisch
nach oben verschoben sind und deshalb dahin tendieren, die Absorption eher zu
verkleinern als zu vergroBern. Aus diesem Grund haben wir entschieden, das Wq-
Potential mit reinen, ungestorten TL-Zustanden zu berechnen, wohl wissend, daR
wir mit dieser Naherung nicht sehr viel an Ladungsaustauschiibergangsstarke
verlieren. Das angeregte Teilchen (s. Abb. 13) wird entweder in gebundene Zu-

stande oder ins Kontinuum gestreut, welches wir exakt behandeln.

In Abb., 14 zeigen wir das berechnete imaginare Potential wl zusammen mit einer
separatén Rechnung fir den Beitrag zu Wy, der vom intermedidren Deuteronkanal
herkommt. Da die Formation eines intermediaren Deuterons auch einer Projektil-
plus TL-Targetanreéung entspricht, ist dieser Kanal nichtorthogonal zu den in-
termediaren unelastischen und Ladungsaustauschkandlen. Wir haben deshalb die
Beitrdge, die von diesen beiden Typen von Doorway-Zustanden herkommen, nicht

addiert, aber zeigen sie beide, um eine Abschdtzung fiir die Starke dieses ei-
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Abb. 14: Vergleich des berechneten imagindren Isovektorpotentials W, fur 48¢,
mit dem phanomenologischen W;-Potential von Becchetti-Greenleest®*). Auch der
Beitrag des intermedidren Deuteronkanals zu wl wird gezeigt.

nen intermedidren Deuteronkanals zu geben. Wegen der Doppeizéh]ung stellt die
Summe der Beitrdage vom Deuteronkanal und den anderen TL-Doorways eine obere
Grenze fiir die Absorption dar, die man von beiden Doorway-Typen gemeinsam er-
warten kann. In Abb. 14 zeigen wir auch das phénomeﬁo]ogische wl-Potent1a1 von
Becchetti und Greenlees (BG)144). Das Volumenintegral des BG-Potentials ist

mehr als doppelt so groB wie das des berechneten Potentials.



3.5.3 Die Coulombkorrektur AWc

Die Coulombkorrektur wird iiblicherweise nur am Realteil des optischen Potenti-
als vorgenommen152). Sie tragt der Tatsache Rechnung, daB bei gleicher asymp-
totischer EinschuBenergie die kinetischen Energien von Proton und Neutron am
Kern aufgrund der Coulombkraft verschieden_sind. Deshalb wdahlt man zur Be-
schreibung der Protonstreuung das reelle Potential VN(EﬁEC) bei der Energie

E-Ec, wobei E; die mittlere Coulombenergie im Kernbereich und E die asympto-
tische EinschuBenergie ist. Die Energie E-E; ist dann die mittlere kinetische
Energie des Protons am Kern. Der Vergleich mit dem Experiment zeigt, daf3 das

Potential Vy(E-E;) die Daten tatsdchlich besser beschreibt als Vy(E).

Neulich hat man festgestellt, dap eine Coulombkorrektur auch fiir den Imaginar-
teil des optischen Potentials gemacht werden muf3. Diese Erkenntnis resultierte
einerseits aus einem Vergleich von empirischen optischen Potentialen fiir Pro-
tonen und Neutronen140), andererseits aber auch aus mikroskopischen Rechnungen
fir das 1imaginare optische Potentia133’153). Sowohl die Kernmaterienghe-
run9153) als auch die Kernstrukturnéherung33) zum optischen Potential fordern
diese Korrektur. In der ersteren der beiden Naherungen entsteht die Coulomb-
korrektur durch die Abhdngigkeit des imagindaren Potentials fiir Kernmaterie von
der Fermienergie, die fiir Protonen und Neutronen wegen des Coulombhintergrund-
potentials verschieden ist153). In der zweiten Naherung ist der Coulombeffekt
direkt mit der unterschiedlichen Absorption verkniipft, die Protonen und Neu-
tronen bei der Streuung vom endlichen Kern erfahren33). Dabei scheint die
Kernstrukturnaherung geradezu ideal zu sein, um alle Coulombeffekte genau zu

studieren, denn diese werden in allen Phasen der Rechnung ziemlich realistisch

eingeschlossen.



Im Falle der Nukleonstreuung von 40ca verschwindet der Parameter ¢ = (N=Z)/A

in Gl. (3.22), d.h. es gilt:

[
]

'UO(E,r) + AUC(E,r) (3.24a)
Ug(E,r) (3.24b)

[
il

Die Coulombkorrektur erhdalt man dann durch Bildung der Differenz AUC = Up-Un.
Im wesentlichen gibt es zwei wichtige Cou]ombeffekte33). Der erste geht auf
die Anregung von intermediaren Ladungsaustauschzustanden zuriick. Dazu betrach-
ten wir einen selbstkonjugierten Kern wie 40Ca, bei dem die Zustande deS Iso-
spin-T=1-Multipletts sowohl durch die 40Ca(p,n)405c- als auch durch die

40Ca(n,p)40K-Reakt1'on angeregt werden konnen. Die Zustande in 40x sind jedoch,
verglichen mit ihren Doppeltanalogzustanden in 40Sc, um die zweifache Coulomb-
energie EC energetisch nach oben verschoben. Wahrend deshalb bei gleicher Ein-
schuBenergie E viele Ladungsaustauschzustande in der (n,p)-Reaktion energe-
tisch offen sind und FluB vom elastischen Kanal wegtragen, sind viele ihrer
Doppeltanalogzustande in der (p,n)-Reaktion energetisch geschlossen und tragen
deshalb nicht zur Absorption bei. Dieser Effekt des Ausschlusses von interme-
didren Zustdnden als absorbierende Kanale in der Protonstreuung wird in der
Neutronstreuung teilweise dadurch kompensiert, dap bei den (n,p),(p,n)-Prozes-

sen ein Coulombpropagator auftritt, der effektiv einige von den energetisch

hochliegenden Zustanden ausschlieft.

Der zweite Coulombeffekt resultiert aus der intermediaren Green-Funktion, die
wegen des Coulombpotentials fiir Protonen und Neutronen verschieden ist. In der
Kernmaterienaherung schliept das repulsive, konstante Coulombhintergrundpoten-
tial viele energetisch hochliegende, intermedidre Zustande, die in der Neu-

tronstreuung zur Absorption beitragen, von der Absorption fiir Protonen aus,



weil das Coulombpotential die kinetische Energie der Protonen relativ zu der
der Neutronen erniedrigt. Bei der Streuung von einem endlichen Kern tritt die-
ser Ausschlupeffekt dagegen in dieser drastischen Form nicht auf, weil hier
das Coulombpotential fir r»e= gegen Null strebt. Nur bei endlichen Abstanden
konnen hochliegende intermediare Zustande effektiv ausgeschlossen sein, Trotz-
dem konnte man meinen, daB wegen dieses AusschlufBeffektes der Imagindrteil fiir
Protonen kleiner ware als der flr Neutronen. Das Gegenteil ist jedoch der
Fall, denn der AusschluB von Zustanden im Fall der Protonstreuung wird durch
einen groReren Protonpropagator fiir die zur Absorption beitragenden Zustande
kompensiert. Der Protonpropagator ist groRer als der Neutronpropagator, weil
sich Qas Proton in dem repulsiven Coulombpotential Tlangsamer bewegt als das
Neutron. In der NKB-Naherung findet diese Eigenschaft ihren Ausdruck in dem
Faktor (k(x))~ Y2 in der Wellenfunktion, wobei k die lokale Wellenzahl bedeu-
tet. Dieser Effekt ist so grof, daB, gdbe es nicht den Ladungsaustauscheffekt,

die Absorption fiir Protonen immer grofer wdre als die fiir Neutronen,
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Abb, 15: Aquivalent lokale imagindare Neutron- und Protonpotentiale fiir
ZmCa(n,n)- und 40Ca(p,p)~Streuung bei 17.7 MeV EinschuBenergie.



In Abb. 15 zeigen wir die berechneten &dquivalent lokalen imagindren optischen
Potentiale fir 40Ca(n,n) und 40Ca(p,p) bei einer EinschuPBenergie von 17.7 MeV.
Die berechneten Potentiale zeigen Oberfldchenabsorption. Die maximale Absorp-
tion tritt etwas innerhalb vom Kern auf und die Potentialtiefen sind etwas
kleiner als die von phdanomenologischen Potentialen. Weil die Radialformen der
beiden Potentiale verschieden sind, wahlen wir wie Rapaport140) die Volumenin-
tegrale als das MaR, um die Potentiale zu vergleichen. Von Tabelle 1 sehen
wir, dal das Volumenintegral des imaginaren Neutronpotentials bei E = 17.7 MeV
groper ist als das fiir Protonen mit derselben EinschuBenergie. Es ist jedoch
kleiner als das fir 25 MeV Protonen, welche an der Kernoberfldache im Mittel
etwa die gleiche kinetische Energie besitzen wie 17.7 MeV Neutronen. Wenn nun
das Argument der gleichen mittleren kinetischen Energie am Kernort, das bei
der.Coulombkorrektur fiir den Realteil des optischen Potentials angewandt wur-
de152), auch fir den Imaginarteil gelten sollte, miidten die berechneten Poten-
tiale fiir 17.7 MeV Neutronen und 25 MeV Protonen gleiche Absorption aufweisen.
Von unseren Rechnungen sieht man, daf diese Vorschrift zwar in die richtige
Richfung zielt, daf aber 17.7 Neutronen doch eine geringere Absorption erfah-
ren als 25 MeV Protonen. Bei genauerer Untersuchung stellt man fest, da die-
ser Unterschied in der Absorption in unseren Rechnungen auf die starke 2%-Qua-
drupolriesenresonanz bei 19.6 MeV Anregungsenergielzg) zuriickgeht, die zur Ab-
sorption der Protonen (E = 25 MeV) beitragt, aber nicht zur Absorption der
Neutronen (E = 17.7 MeV). Die Tatsache, dap die Protonen in 40Ca eine mittlere
Coulombenergie von (25-17.7) MeV haben, ist offensichtlich irrelevant fiir ihre
Fahigkeit, diese Riesenresonanz anzuregen. Die Obereinstimmung zwischen den
berechneten und empirisch bestimmten Verhdltnissen der Volumenintegrale in Ta-

belle 1 ist ziemlich gut.



Projektil E (MeV) J/A (MeV fm3) J,,/p® J,/9pP
n 17.7 56,32
p 17.7 45,38 1.24 1.26
p 25.0 65.92 0.85

4 = diese Arbeit; D = Ref. 140,
Tabelle 1: Volumenintegrale/A von verschiedenen berechneten mikroskopischen

Potentialen W . In Spalte 4 und 5 sind Verhaltnisse zwischen berechneten bzw.
experimentell bestimmten Proton- und Neutronvolumenintegralen aufgefiihrt.

3.5.4 Elastische Streuquerschnittsrechnungen von den mikroskopischen,

nichtlokalen Potentialen

Die berechneten mikroskopischen Potentiale N(?,F') sind nichtlokal. In § 3.4.4

haben wir die nichtlokalen Potentiale in "dquivalent" lokale Potentiale W um-
geformt. Wir haben dann diese aquivalent lokalen Potentiale mit den phanomeno-
logischen Potentialen verglichen und Unterschiede und Ahnlichkeiten zwischen
beiden diskutiert. Ein weiterer wichtiger Test fiir die Qualitdt der mikrosko-
pischen nichtlokalen Potentiale besteht darin, daB man sie direkt in den ela-
stischen Streuquerschnittsrechnungen benutzt. Dazu haben wir ein Programm ent-
wicke1t35), das das Potentialstreuproblem auch fiir nichtlokale Potentiale 10-
sen kann, Mit diesem Programm haben wir elastische Streuquerschnittsrechnungen
fiir die mikroskopischen, nichtlokalen und aquivalent lokalen Potentiale durch-

gefiihrt . Das benutzte nichtlokale Potential hat die Form

i d

Part) = [V (r)+rc(r) 183 (- ')+1wé2)(r,r') (3.25)
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wobei V¢ das reelle Faltungspotential, V; das Coulombpotential und wéz)(r‘,r‘)
das 2. Ordnung mikroskopische, nichtlokale, imaginare optische Potential fiir

die Partialwelle & ist. Das dquivalent lokale Potential hat die Form

V(R) = Vf(R)+VC(R)+W(R) (3.26)
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Abb. 16: Vergleich von berechneten 40Ca(p,p) differentiellen Streuquerschnit-
ten bei E = 17.7 MeV mit den experimentellen Daten von Ref. 153. Die durchge-
zogene Kurve ist die exakte nichtlokale Rechnung und die gestrichelte Kurve
eine Rechnung mit dem aquivalent lokalen imagindaren Potential.

T | 1 [ I I 1 | 1 | ] [ r 1 | 1 |

.
10 20801 (0.p)

- Ep=11+ MeV 7]

—nonlocal (oR€3C2412mb)

---local {cReac. =g amb)

o
O
——
O

10" - | ~

20 40 60 80 100 120 140 160 180
¢ m.(deg] :

Abb. 17: Vergleich des berechneten 208Pb(p,p) differentiellen Streuquer-
schnitts bei E = 14 MeV mit den experimentellen Daten von Ref. 151. Die durch-
gezogene Kurve ist die exakte nichtlokale Rechnung und die gestrichelte Kurve
eine Rechnung mit dem dquivalent lokalen imagindren Potential.



wobei W(R) dquivalent lokal zu dem nichtlokalen Potential W(F,F') ist. Die Re-
sultate, die wir mit diesen Potentialen erhalten haben, werden in Abb. 16 mit
gemessenen elastischen Streudaten fiir 40Ca(p,p) 154) uﬁd in Abb. 17 fiir

208Pb(p,p) 151) verglichen. Die Rechnungen fir 40Ca(p,p) stimmen bis zum Win-
kel & = 600 gut mit den Daten iiberein, aber bei groperen Streuwinkeln sind die
berechneten Streuquerschnitte zu hoch, was auf zu geringe Absorption zuriickzu-
filhren ist. Obwohl das allgemeine Verhalten der beiden Winkelverteilungen, be-
rechnet mit den nichtlokalen und den dquivalent lokalen Potentialen, ziemlich
ahnlich ist, gibt es Unterschiede bis zu 100 % bei grofen Streuwinkeln. Diese
Abweichungen spiegeln die Ungenauigkeit der lokalen Naherung wider. Der Reak-
tionsstreuquerschnitt der nichtlokalen Rechnung betragt 624 mb und der der lo-
kalen Rechnung 748 mb., Ein 4dhnliches Resultat wurde fiir 208Pb(p,p) (s. Abb,
17) erhalten. Obwohl die beiden berechneten Winkelverteilungen in diesem Fall
sehr dhnlich sind, existieren Unterschiede im Reaktionsstreuquerschnitt bis zu

20 %. Dies deutet wiederum auf mangelnde Genauigkeit in der Lokalapproximation
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Abb. 18: Vergleich des berechneten 40Ca(n,n) differentiallen Streuquerschnitts
bei E = 30 MeV mit den experimentelien Daten von Ref. 155. Die gestrichelte
Kurve ist eine Rechnung mit dem mikroskopischen, dquivalent lokalen imaginaren
Potential und die durchgezogene Kurve eine Rechnung mit dem phanomenologischen
Potential von Ref. 144,



hin. Fiir Neutronstreuung bei hgherer EinschuRenergie (30 MeV) scheint die
Obereinstimmung zwischen mikroskopischer Streuquerschnittsrechnung und gemes-
senen Daten155) etwas besser zu werden, wie man Abb. 18 entnehmen kann. Dort
wird der mit dem adquivalent lokalen, mikroskopischen Potential W berechnete
Streuquerschnitt mit den Daten von Ref. 155 und mit einer Rechnung, durchge-
fiihrt mit einem phanomenologischen Potentia1143), verglichen. Auch hier er-
zeugt das mikroskopische Potential W zu wenig Absorption, doch das Ergebnis

ist insgesamt ermutigend.

3.5.5 Der imagindre inelastische Obergangsformfaktor

Es ist seit langem bekannt156'158), daB ein komplexer (bergangsformfaktor be-

notigt wird, um die unelastische Streuung zu kollektiven Kernzustdanden gut zu

beschreiben, Im kollektiven Mode11159) erhalt man den unelastischen Obergangs-

formfaktor als Ableitung des optischen Potentials
d

F(F) = -8, R g [V(r)+iu(r)]Y

- (3.27)

LM
wobei ;R die Deformationslange des Potentials ist. Dieser Formfaktor ist in
natirlicher Weise komplex. In mikroskopischen Model1enl29,157) berechnet man
den Formfaktor normalerweise storungstheoretisch durch Faltung der beteiligten

Kernzustande mit der PTWW

F(T) =<wf|n§ V(F,T‘n)l‘i’i> (3.28)



welches einen reellen Formfaktor ergibt, wenn V reell ist. Jedoch die Daten
tendieren dahin, besser mit Gl. (3.27) als mit Gl. (3.28) iibereinzustimmen, so
dap haufig ein Hybridmode11157’158) benutzt wird, in dem der Realteil des
Formfaktors vom mikroskopischen Modell und der Imaginarteil vom makroskopi-

schen Modell genommen wird.

Den ersten Beitrag zum Imaginarteil des mikroskopischen Formfaktors erhalt man

in 2. Ordnung Storungstheorie (s. auch Gl. (3.9)):
> >, _ N > >,
Im F(r,r') = Im % <‘{'f|V]‘{'N>GN(r,r )<"’N'V‘"”i> (3.29)

Der Imagindarteil der Green-Funktion GN(?,?') ist immer negativ. Da bei elasti-
scher Streuung der Anfangszustand Wi gleich dem Endzustand Wf ist, erscheint
in Gl1. (3.29) ein Absolutquadrat des Matrjxelementes p<WN|V,W1>]2, so dap alle
Terme der Summe konstruktiv addieren. Bei der unelastischen Streuung miissen
die verschiedenen Terme nicht immer das gleiche Vorzeichen haben, sondern die-
ses konnte sogar "zufallig" und die Summe daher destruktiv sein. Andererseits
zeigt der Erfolg des kollektiven Modells jedoch, daB auch bei unelastischer
Streuung ein ziemlich groBer Imagindrteil zu erwarten ist. Tatsachlich gibt
das kollektive Modell einen imagindren Formfaktor, der iliber die Deformations-

lange BR direkt mit dem reellen Formfaktor in Beziehung steht.

In Ref. 160 wurde bewiesen, daR die Interferenz zwischen den einzelnen Termen
von Gl. (3.29) in der Tat teilweise destruktiv ist, jedoch nicht in einer zu-
falligen, sondern in einer systematischen Weise. Der Beweis dafiir basiert auf

folgenden zwei Annahmen:

(i) Die Anfangs- und Endkernzustande Y, und Y. unterscheiden sich nur durch

eine 0Oberlagerung von TL-Anregungen



lwf>= j) Ajia‘;ailwi> (3.30)
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wobei aj ein Teilchen im Zustand j erzeugt und a; ein Teilchen im Zustand i
vernichtet. Gl. (3.30) gilt fiir Tamm-Dancoff (TDA)- und RPA-kollektive Zustan-

de sowie auch fiir einfache Einteilcheniibergdange.

(ii) Die intermediaren Zustdnde TN sind ebenfalls mit dem Anfangs- und End-

zustand durch eine Linearkombination von 1TlL-0Obergdngen verbunden.

Beide Annahmen sind in unserem Fall der Anregung des isobaren Analogzustands
in der 48Ca(p,n)485c(0+,EX = 6.68 MeV)-Reaktion perfekt erfiillt. In diesem
Fall ist der imagindre Formfaktor Im F(F,F‘) von Gl. (3.29) identisch mit dem
Potential wl(?,?') aus Gl. (3.23). Wir haben bereits in § 3.5.2 gesehen, daf
das berechnete mikroskopische Potential Wl in der Tat eine ahnliche Radialab-

hangigkeit wie das phanomenologische W;-Potential besitzt, wie es in Ref. 160

vorausgesagt wurde.
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Abb. 19: Winkelverteilungen fiir die 48Ca(p,n)485(0+,EX = 6,68 MeV)-Reaktion
bei 25 MeV EinschuBenergie. Die Daten wurden von Ref. 161 genommen. Die ge-
strichelte Kurve ist eine mikroskopische, antisymmetrische DWBA-Rechnung 1.
Ordnung und die durchgezogene Kurve eine mikroskopische, antisymmetrische 1.
und 2. Ordnung DWBA-Rechnung, die das nichtlokale imagindre Ubergangspotenti-

al wl(?,?') einschlieft.
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In Abb. 19 zeigen wir Ninke]verfei]ungen fir die 48Ca(p,n)485c(0+,EX = 6,68
MeV)-Reaktion bei 25 MeV EinschuBenergie. Zwei verschiedene, berechnete Win-
kelverteilungen werden mit den Datenlsl) verglichen. Die gestrichelte Kurve
ist das Ergebnis einer mikroskopischen, antisymmetrischen DWBA-Rechnung 1.
Ordnung, wobei die EH—Nechse1w1rkungl37) als effektive PTWW benutzt wurde, und
die durchgezogene Kurve ist eine vollig antisymmetrische DWBA-Rechnung 2. Ord-
nung, die das nichtlokale imagindre Ubergangspotential N1(+,F') einschlieft.
Wie man aus Abb. 19 sieht, gibt die vollstandige Rechnung 2. Ofdnung bei gro-
Reren Streuwinkeln eine bessere Beschreibung der Daten als die 1. Ordnung
DWBA. Wir mochten hier jedoch nicht so sehr die Ubereinstimmung mit dem Expe-
riment betonen, sondern die Tatsache, daB die unelastischen Formfaktoren auch
in mikroskopischen Modellen einen ziemlich grofen Imagindrteil besitzen, wie

er auch vom kollektiven Modell gefordert wird.

4. "Mikroskopische" Beschreibung der inelastischen Nukleon-Kernstreuung

und der Ladungsaustauschreaktionen

4,1 Die antisymmetrisierte DWBA-Ubergangsamplitude

Mit dem Wort "mikroskopisch" bezeichnen wir hier den Versuch, den unelasti-
schen StreuprozeB so weit wie moglich auf die Bewegung individueller Nukleonen
und ihrer Wechselwirkungen zuriickzufiihren, Dies ist eigentlich nur dann mog-
lich,” wenn der Reaktionsmechanismus nach einem direkten Einstufenprozef3 ab-
lduft. In diesem Falle konnen wir das CC-System aus Gl. (2.19) auf folgende

zwei Gleichungen reduzieren:

{Ta+Ua+ea—E}xi+) =0 (4.1a)



] o 1) 4b
(TgtUgteq-Elxg = _(w6|1zl V(0,1) ¥ )x, ’ (4.1b)

Dies ist die sog. DWBA-Naherungl62’l63) zur unelastischen Streuung in der
Quelltermformulierung. Die Kopplung zwischen dem Eingangskanal o und dem Aus-

gangskanal B wird nur in 1. Ordnung behandelt. Losen wir Gl. (4.lb) nach Xg

auf

R R RTCR IR | (4.2)

und beachten wir, dap der Green's-Operator

Gé+) - (TB+UB+96-E)-1 (4.3)

sich im Ortsraum asymptotisch wie

exp[i(k,r_-nen(2k,r )] ¥
G(+)(?‘ ,?") > B 8 ? 8 8 0 Xé )(Es,r‘o') (4.4)
re 2nh? 0

verhdlt, so erhalten wir unter gleichzeitiger Beriicksichtigung der Gl. (4.la)
und (4.1b) die DWBA-Ubergangsamplitude T2+B in bekannter Integraldarstellung:
(4.5)

D=1 a%F ) (tB,FO)(wB|§ TCRNER (IS

*
Die "distorted waves" X§+) und xé') sind die homogenen Ldsungen der GI.

(4.1a) und (4.1b) mit den optischen Potentialen Ua bzw. Ug- Die optischen Po-
tentiale kgnnen in mikroskopischer Form vorliegen. Meistens jedoch werden sie
durch phanomenologische, komplexe Woods-Saxon-Potentiale parametrisiert, deren

Parameter so angepaBt sind, daB sie die elastische Streuung reproduzieren.



Die Obergangsamplitude Tg beschreibt nur den direkten (D) Streuprozep. Fiih-

+B
ren wir nun die Antisymmetrisierung zwischen Projektil- und Targetnukleonen

explizit ein, so miissen wir zu PS+B noch die Austauschamplitude TE

addieren.
arB

Dann 1ist die totale antisymmetrisierte DWBA-UObergangsamplitude gegeben durch

_ D E
Torg = Tosg + Tong (4.6)
wobei TE*B in expliziter Form geschrieben werden kann a]sll9,129)

*
A - 3" +| (“) 1
Towg =/ 470 [ d7r g™ (K P (¥l TV
In Gl. (4.7) ist VE(O,i) das in Gl. (3.7c) und (3.7d) definierte nichtlokale

Austauschpotential.,

Unter mikroskopischer Beschreibung verstehen wir nun, da bei der Berechnung
der Matrixelemente beziiglich der 1inneren Wellenfunktionen Wa und wB in G1.
(4.5) und (4.7) mikroskopische Kernwellenfunktionen. verwendet werden. Dies
konnen etwa Scha]enmode]]- oder RPA-Wellenfunktionen sein. Auferdem benotigt
man eine mikroskopische PTWW V(0,i). Dieée kann von phanomenologischer Natur
sein und aus einer Summe von Yukawa- oder Gaupkrdften bestehen, deren Parame-
ter an unelastische Streudaten zu bekannten Kernzustanden angepaft werden. Die
PTWW kann aber auch eine realistische t-Matrix sein, die entweder aus der
freien NN-Streuung abgeleitet oder auf mikroskopischer Basis durch Ldsung der

Bethe-Goldstone-Gleichung mit einer realistischen NNWW gewonnen wird.

Der Notation Tamurasl64) folgend, schreiben wir fiir das direkte und das Aus-
tauschmatrixelement beziiglich der inneren Wellenfunktionen )Wa>-5 IIAMAsama>>

und |WB> = ,IBMBsbmb:> in den Gl. (4.5) und (4.7):



(1gMgsym | VO+VE |1 s m (4.9)

I[,=-M +sb-mb+s+ms+£—m

- ] A A /Q _ . ) ' m
) jgs ) (IMyIg-Mg dms) x (s m s, -m|sm) (gmsm| -, )
X [F- (r )1. Y + F (r ,rl) 1' Y (r )'I Y (r')

Jest o z-mz gazb zazb 0’0 za 0 zb 0 z-mz

wobei der lokale, direkte Formfaktor F?zs und der nichtlokale Austauschform-
faktor wie in Gl. (3.12a) bzw. Gl. (3.12b) berechnet werden. Ein Rechenpro-
grémn "FROST" wurde entwickelt, das den direkten und den Austauschformfaktor
von Gl1. (4.9) berechnet. Dieses Programm wird dann mit dem DWBA-Code MARS von
Tamura und Lowl66)gekoppe1t, un den differentiellen Streuquerschnitt aus Gl.

(2.28) zu berechnen.

4.2 Das Energiefenster

Damit wir vom gemessenen une]astjschen Streuquerschnitt Kernstrukturinformati-
onen extrahieren konnen, miissen wir den Reaktionsmechanismus und die effektive
PTWW kennen, Die PTWW ist im allgemeinen recht kompliziert. Sie ist eine Funk-
tion der EinschuBenergie E, der Targetdichte p, sie ist nichtlokal und kom-
plex. Im Prinzip sollte sie durch die Bruecknersche NN-t-Matrix, Gl. (2.33),
gendhert werden. Die explizite Berechnung der t-Matrix fiir einen endlichen
Kern ist jedoch sehr schwierig und bisher noch nicht durchgefiihrt worden. t-
Matrixrechnungen18'21) existieren aber filir Kernmaterie. Von diesen kann mit
Hilfe der lokalen Dichtenaherung eine t-Matrix fiir endliche Kerne konstruiert
werden., Es sollte jedoch betont werden, dap diese sog. realistischen Wechsel-

wirkungen noch immer Ndherungen sind und dap ihre Darstellungen als effektive
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Wechselwirkungen nicht eindeutig sind. In einem (bersichtsartikel hat Ma-
haux!7) abgeschdtzt, daB die Genauigkeit der Brueckner-Hartree-Fock-(BHF)-Na-
herung, die in diesen Rechnungen gemacht wird, nicht besser ist als 10 % und
dal die Rechenverfahren, die zur Losung der BHF-Gleichungen benutzt werden,
ebenfalls einen Fehler von 5 bis 10 % involvieren. Konsequenterweise muB jede
Obereinstimmung mit dem Experiment, die besser ist als diese Genauigkeit, als

zufallig betrachtet werden,

Ganz unabhdngig davon, welchen Ursprung die effektive PTWW hat, kann diese
aufgrund von Invarianzforderungen immer 1n'e1ne Summe von Zentral (C)-, Spin-
Bahn (LS)- und Tensortermen (T) zerlegt werden. Da die Behandlung von Streu-
problemen eine Multipolentwicklung der PTWW erfordert, ist es vorteilhaft, fiir
diese eine lokale Darstellung zu wahlen, denn dann ist die Multipolentwicklung
verhdltnismaBig einfach. Die Nichtlokalitat des Streuproblems resultiert dann
5ussch]1eB]1ch aus der Antisymmetrisierung zwischen Projektil- und Targetnu-
kleonen. In diesem Zusammenhang ist es giinstig, die einzelnen Wechselwirkungs-

terme in ihre verschiedenen Spin-Isospin-Komponenten zu zerlegen:

C > > > >

. C + > > >

Ls(r01)+vks(r01) ¥0-;1]t .'§ (4.106)

+ [V 01

T T Toet:]S

+ [V (Toi) TooT

)+V

T0i 0i

wobei der relative Bahndrehimpuls zwischen Projektil 0 und Targetnukleon i ge-

geben ist durch

o T3 % (Py=py) (4.100)



und der Tensoroperator durch
+> ~ +> N E
Sgi = 3(°O'r01)(61°r01)“60'°i (4.10c)

gegeben ist. In Gl. (4.10) bezeichnet ry; den Relativabstand zwischen dem Pro-
jektil 0 und dem Targetnukleon i, und 3 = §0+§1 ist der Gesamtspin der beiden
wechselwirkenden Nukleonen. Die explizite Darstellung der Spin(c)- und Iso-
spin(t)-Freiheitsgrade der PTWW ist vorteilhaft, weil das Projektil in einer
Kernreaktion nur ganz bestimmte Spin- und Isospinquantenzahlen auf den Kern
ibertragt. Alle Terme mit s, S und Sg; konnen Spin-Umklapp-Prozesse (S=1) be-

wirken und alle Terme mit t Ladungsaustausch (T=1),

Die verschiedenen Kraftkomponenten sind jeweils Funktionen der Einschupenergie
E, wobei jede Kraftkomponente ihre spezifische Energieabhangigkeit besitzt.
Bei niedrigen EinschuBenergien (E < 50 MeV) wird diese im allgemeinen von vie-
len Effekten beeinfluft (s. § 2.3). Fiir praktische Zwecke kann man sich jedoch
die wichtige Tatsache zunutze machen, daB mit zunehmender Einschupenergie E
(E > 100 MeV) die effektive Wechselwirkung der freien NN-t-Matrix immer dhnli-
cher wird, denn Effekte, die von der spezifischen Struktur des Targets herriih-
ren, werden mit zunehmender Einschupenergie immer unwesentlicher. Bei 200 MeV
EinschuBenergie ist die effektive PTWW der freien NN-t-Matrix schon recht dhn-
lich, so daB es fiir eine qualitative Diskussion der Energieabhdngigkeit der
einzelnen Kraftkomponenten gerechtfertigt ist, die freie NN-t-Matrix zugrunde-
zulegen. Die Ersetzung der effektiven PTWW durch die freie NN-t-Matrix wird
auch mit Impu]snaherun9126) bezeichnet. Die Attraktivitat dieser Naherung
liegt auf der Hand, denn die t-Matrix kann direkt aus gemessenen NN-Streupha-

sen konstruiert werden, ohne ein NN-Potential einfiihren zu miissen.
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Abb, 20: Eneg%ieabhdngigkeit der Volumenintegrale der Zentralkomponenten der
NN-t -Matrix127), |

Abb, 20 zeigt, wie die einzelnen Kraftstdrken der zentralen Wechselwirkung
sich in dieser Impulsndherung mit der EinschuBenergie dndern. Aufgetragen sind
die Volumenintegrale, d.h. V(q) beim Impulsiibertrag g=0 gegen die Einschuf-
energie E. Offensichtlich dominiert der spin- und isospinunabhangige Anteil VO
iiberall, er erreicht jedoch ein breites Minimum fiir 150 MeV =< E =500 MeV.
Diesen Energiebereich, in dem die PTWW besonders schwach wird, nennt man auch
das Energiefenster. Die Existenz dieses Energiefensters resultiert aus der

Tatsache, daB die 1S4-NN-Streuphase, die bei niedrigen Energien grof und posi-



tiv ist, bei E ~ 200 MeV verschwindet und dann mit wachsendem E negativ
wird4), Aus der stafk attraktiven Wechselwirkung im 1Sy-Kanal bei niedrigen
Energien wird eine effektiv repulsive Kraft bei hohen Energien (E > 250 MeV).
Anschaulich bedeutet dies, daB das gestreute Teilchen bei E ~ 200 MeV den re-
pulsiven, kurzreichweitigen Anteil der NNWW, d.h. den "hard core", zu fiihlen
beginnt. Das Energiefenster ist nun besonders gut geeignet, um Kernstrukturei-
genschaften mit nukleoneninduzierten Reaktionen zu studieren, denn Distorti-
onseffekte auf die einlaufende Projektilwelle und die auslaufende Ejektilwelle
sind hier besonders klein. Auperdem sind aufgrund der schwachen PTWW Mehrstu-
fenprozesse unterdriickt. Die Kernanregungsspektren fiir Anregungsenergien

Ex < 50 MeV resultieren deshalb im wesentlichen aus Einteilchen-Einloch-Anre-
gungen des Targetkerns, so daB sie unter Zuhilfenahme mikroskopischer Kernmo-

delle verstanden werden kbnnengg‘los).

Aus Abb. 20 1lapt sicﬁ weiter erkennen, daB im Energiefenster Spin-Isospin-
Freiheitsgrade des Kerns besonders gut angeregt und studiert werden konnen, da
die Kraftkomponente VOT, die Spin und Isospin dndert, hier relativ grop ist.
Reaktionen, die nur den Spin oder nur den Isospin involvieren, sind hingegen
in diesem Bereich stark unterdriickt, denn die Kraftkomponenten VT und VO sind
im Energiefenster verhdltnismdfig klein. Man hat nun die Wahl, Kernzustande
mit Reaktionen ohne Isospinanderung, z.B. durch (p,p') und (n,n') (isoskalare
Anregung) oder mit Isospinanderung, z.B. durch (p,p'), (p,n) oder (n,p) (iso-
vektorielle Anregung), anzuregen. Erstere werden durch die Kraftkomponenten

ohne T-1-Anteil und letztere durch die mit ?-?-Antei] induziert. Durch die

Wahl des Reaktionstyps und die Wahl des Energiebereichs kann man dann in sehr
selektiver Weise anregen. Zum Beispiel regt man bei niedrigen Einschufenergi-
“en (E < 80 MeV) mit der (p,n)-Reaktion vornehmlich Isospinfreiheitsgrade des

Targetkerns an, die keinen Spintransfer involvieren. Dies liegt daran, daB bei



niedrigen EinschuBenergien die Kraftkomponente VT groBer ist als V;T (s,
Abb. 20). Durch Vergleich der bei niedriger und hoher Einschufenergie gemesse-
nen (p,n)-Spektren kann man dann verhaltnismdBig leicht die verschiedenen iso-
vektoriellen Kernzustande mit und ohne Spintransfer trennen. Durch Messungen
von Spektren bei verschiedenen EinschuBenergien hat man sozusagen die Moglich-
keit, Kernspektren nach den verschiedenen Klassen von Kernzustanden zu zerle-
gen., Macht man auch von der Streuung zusammengesetzter Projektile wie Deute-
ron, 3He- und a-Teilchen Gebrauch, so erhdlt man aufgrund der speziellen Aus-
wahlregeln fiir diese Reaktionen zusdtzliche Selektivitdt. Ein a-Teilchen mit
S=0,T=0 kann z.B. nur isoskalare Nicht-Spinflip-Zustdnde anregen, wahrend po-

larisierte Deuteronen gezielt T=0,S=1-Zustande anregen.

4,3 Der Kern als Filter

Die Tatsache, daR infolge der Auswahlregeln nur bestimmte Komponenten der ef-
fektiven Wechéelwirkung zu einer Reaktion beitragen, kann man benutzen, um
eben diese Wechselwirkung zu testen. Voraussetzung ist, daR die Struktur der
beteiligten Kernzustande genau bekannt ist, z.B. durch Untersuchungen mit in-
elastischer Elektronenstreuung oder mit anderen nichthadronischen Sonden. Um
die Komponente V, der Zentralkraft und die isospinunabhdngige Komponente der
Spin-Bahnkraft (VLS) zu untersuchen, kann man z.B., ein Multiplett von Kernzu-
standen mit natiirlicher Paritat I = 0%,2%,4%,...,12% wihlen, wie es z.B. in

208pp existiert. Da Drehimpuls I und Impulsibertrag q qualitativ nach IsqR zu-
sammenhangen (R = Kernradius), wird bei den mit kleinen Impulsiibertrdgen er-
zeugten niedrigen Spinzustanden (0%,2%,4%) hauptsichlich die Zentralkraft bei-

tragen, wihrend fiir die Hochspinzustinde (I=10%) iiberwiegend die Spin-Bahn-



Kraft wirksam 1st127)w In dhnlicher Weise kann man die isospinabhdangigen Terme

VT und V durch eine Ladungsaustauschreaktion vom Typ (p,n) priifen. Die

LSt
Kraftanteile VdT und die Tensorkraft schlieflich werden am besten an Multi-
pletts mit unnatiirlichen Paritaten (J" = 1+,3+,5+,°..) untersucht, wobei wie-
derum die niedrigen Spinzustande hauptsachlich auf die Zentralkraft und die
hochliegenden auf die Tensorkraft empfindlich sind. Die in der beschriebenen
Weise festgelegte effektive Wechselwirkung bildet ihrerseits die Basis zur In-
terpretation von Kernstrukturdaten, die mit hadronischen Projektilen gewonnen

werden. In den folgenden Abschnitten werden wir zeigen, daB dies in adsge-

zeichneter Weise funktioniert.,

5. Analyse von Gamow-Teller-Resonanzen

In diesem Kapitel wollen wir die Riesenresonanzzustande, die durch Ladungsaus-
tauschreaktionen angeregt werden, diskutieren. In einem ersten Abschnitt wer-
den wir die experimentelle Situation darlegen, dann werden wir die Kernstruk-
tur der beteiligten Zustande angeben und anschlieBend eine vollstandige, mi-
kroskopische Analyse der gesamten Vorwartswinkelspektren fiir (p,n)-Reaktionen

prasentieren.



5.1 Experimentelle Situation

5.1.1 Die Nulligradspektren

Die (p,n)-Experimente48‘59) bei intermedidren EinschuBenergien
(100 MeV < Ep < 200 MeV) an der Indiana Cyclotron Facility (IUCF) haben zu
einem groBeren Durchbruch in unserem Verstandnis von Spin-Isospin-Korrelatio-

nen in Atomkernen gefiihrt. Abb. 21 zeigt 00 (p,n)-Spektren fiir eine Reihe von
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Abb, 21: Neutronflugzeitspektren fiir verschiedene Targetkerne bei 200 MeV Ein-
schuBenergie, gemessen an der Indiana University Cyclotron Facility (IUCF).
Die Normierung der Spektren ist relativ, so daB die verschiedenen Spektren di-
rekt miteinander verglichen werden konnen (von Ref. 54),

Targetkernen quer iibers periodische System der Elemente bei einer Einschuf3-
energie von 200 MeV 54). pie doppelt differentiellen Streuquerschnitte sind
als Funktion der Neutronenenergie im Ausgangskanal aufgetragen. Die Spektren
der Kerne mit N>Z werden von einem einzigen Peak dominiert. Dieser ist um so
groBer und starker, je groBer der Neutronenuberschup (N-Z) des betreffenden

Kerns ist. Man interpretiert diesen Peak als einen kollektiven 1*-Zustand.
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Abb., 22: Schematische Darstellung der 1TlL-0Ubergdnge, die die GTR in 907, (a)
bzw. 208pb (b) aufbauen.

Diese sog. Gamow-Teller-Resonanz (GTR) st eine kollektive Spin-Isospin-
Schwingung, bei der die OberschuBneutronen in kohdrenter Weise ihre Spins und
Isospins umklappen, ohne ihre Ortswellenfunktion zu andern. Die beteiligten
Einteilcheniibergdnge, die diese GTR aufbauen, sind flir die Kerne 907r und

208py in Abb. 22a und b dargestellt. Zur Anregung dieser (bergange wird der

GT-Obergangsoperator ot_ bendtigt.

Da} die beobachtete Resonanz einer Spin-Isospin-Schwingung entsprechen muf3,
kann schon allein aus der Abhdngigkeit des gemessenen Streuquerschnitts von
der EinschupBenergie E gefolgert werden, denn das Verhaltnis zwischen Streu-
querschnitten zu Spinflip- und Nicht-Spinflip-Zustdnden é&ndert sich drama-
tisch, wenn die EinschuBenergie iiber einen groBeren Energiebereich variiert
wird. Dies kann man aus Abb. 23 erkennen, in der 00-Spektren fir die

90Zr‘(p,n)-Reaktion bei EinschuBenergien von 120 MeV und 200 MeV miteinander
verglichen werden59). Bei 120 MeV wird die bekannte 0% isobare Analogresonanz

(IAR)167’168), die einer kollektiven Isospinschwingung der (Uberschufneutronen
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Abb, 23: Neutronflugzeitspektren fir 907 bei 120 MeV und 200 MevV EinschuB-

energie (von Ref. 59),

tibpecto |4ty
1h% oc+—o0 | 1h%

I
|

2’0be

i

P n pon
(a) (b)

Abb. 24: Schematische Darstellung der 1TlL-Obergange, die die IAR in 907 (a)

bzw. Pb (b) aufbauen. Dies sind Fermiiibergange, die durch den Operator T

induziert werden.



ohne Beteiligung der Spinfreiheitsgrade entspricht (s. Abb. 24), noch wesent-
lich starker angeregt als die GTR, aber bei 200 MeV ist es gerade umgekehrt.
Hier besitzt die GTR einen weit gropBeren Streuquerschnitt als die IAR. Diese
Anderung in der Anregungsstarke der Zustande bei verschiedenen EinschuBenergi-
en ist ein Resultat der unterschiedlichen Energieabhangigkeit der Kraftkompo-
nenten VT und VGT, die die IAR bzw. die GTR anregen. Aus Abb. 20.sieht man,
day die Kraftstarke VT relativ zu VOT mit wachsender Einschuf3energie abnimmt.

2

v
9T =~ 10, Dieses Verhalt-
T

nis spiegelt sich dann direkt in den 00-(p,n)-Streuquerschnitten fiir die IAR

Das relative Verhaltnis betrdgt bei 200 MeV etwa

und die GTR wider. Offensichtlich kann man durch geeignete Wahl der Einschup-
energie bestimmte Klassen von Kernzustanden ganz selektiv anregen, wie bei 200

MeV die Spin-Isospinflip-Zustdnde.

Aus den 00-Streuquerschnitten der IAR und der GTR kann die Energieabhangigkeit
der Kopplungspotentiale VT und VoT direkt abgeleitet werden. Dazu machen wir
uns zunutze, dap sich im Grenzfall kleiner Impulsiibertrdage die differentiellen
Streuquerschnitte fir Fermi (F)- und GT-Obergange in der Impulsnaherung

schreiben lassen a]s5l)

k
do b2 °f 2
o (0) = (=—=)% = N_|9_|“ B(F) (5.1a)
dQF 2nh2 ki T] T'

k
do u 2 °f 2

(g~0) = ( )" — N_|d B(GT) (5.1b)

dQGT orh2 ki crl cr'

“wobei k; und kg die Wellenzahlen der einlaufenden und auslaufenden Streuwellen
sind und p die reduzierte Masse ist. NGT und NT sind Distortionsfaktoren, um
die die Streuquerschnitte aufgrund der Absorption der Streuwellen im Eingangs-
und Ausgangskanal gegeniiber dem Born-Streuquerschnitt reduziert werden. Die

Distortionsfaktoren konnen durch Vergleich von Streuquerschnitten, die einmal



mit ebenen und einmal mit optischen Streuwellenfunktionen berechnet werden,
einfach bestimmt werden. Bei 50 MeV EinschuBenergie reduzieren die Distorti-
onsfaktoren den Born-Streuquerschnitt um einen Faktor ~ 20, bei 200 MeV jedoch
nur um einen Faktor von ~ 2, Dies zeigt ganz deutlich, daB die Atomkerne ge-
geniiber 200 MeV Protonenstreuung sehr transparent sind. Die GroBen JT und JOT
in G, (5.1) bezeichnen die Volumenintegrale der Kraftkomponenten VT bzw. VOT
der effektiven PTWW, die den Fermi- bzw. Gamow-Teller-(Ubergang induzieren. Die
B-Werte fiir die Kerniibergdnge i+f (i: = Anfangszustand, f: = Endzustand) sind

definiert durch
A 2
B(F) = <f| ) t_(k)]1'> Fermiiibergang (5.2a)
k=1 ‘

(k)t (k)] 1> 2 Gamow-Teller-Ubergang (5.2b)

A
B(GT) = f o
(€0 = I<A L oy

Die gleichen Ubergangsmatrixelemente treten beim _-Zerfall auf. Die (p,n)-Re-
aktion kann neben den Endzustdnden f, die beim B_-Zerfall erreichbar sind,
auch solche GT-Ubergange anregen, die beim B-Zerfall energetisch verboten sind

(s. Abb, 25).

Wah1t man nun einen Satz von Kernzustanden aus, deren B-Werte vom B-Zerfall
her bekannt sind, und miRt man fir diese Obergange den 0° (p,n)-Streuquer-
schnitt als Funktion der EinschuBenergie E, so kann man mit Hilfe von (5.la)
und (5.1b) die E-Abhangigkeit der Volumenintegrale JT(E) und JOT(E) be-
stimmen. Dies ist von den Experimentalphysikern getan worden54’59“61). Bei 200
MeV EinschuBenergie finden sie die Werte JT = 48 MeV fm3 und JOT = 151 MeV

Y| ~ 10,

T

fm3, d.h.
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Abb. 25: GT (Ml)-Anregungen in einem neutronenreichen Kern mit Isospin |T,,To.
Der Operator oty (bzw. die (p,p')- oder (e,e')-Reaktion) regt die 1T (M1)-
Starke im Kern (Z,N) an, der Operator t_ (bzw. die (p,n)-Reaktion) die IAR und
der Operator ot_ (bzw. die (p,n)-Reaktion) die GT (B_)-Starke im Nachbarkern
(Z+1,N-1). Der Operator ot, (bzw. die (n,p)-Reaktion) miBt die GT (B,)-Starke
aus. Die totale GT (B_)-Starke verteilt sich auf Zustande mit Isospin Tp = Ty-1,
To und Ty+1, deren relative Obergangsstdrke durch das Quadrat des Clebsch-Gor-
dan (CG)-Koeffizienten (ToTol-ll{fTo-l)2 bestimmt wird. Fiir T¢ 1 To-1 gilt:
(CG)2 ~ 1, fir Tf = Ty: (CG)2 ~ Tz-und fiir Te = Tytl: (CG)% ~ ?Tg .

Die experimentelle Bestimmung der Volumenintegrale JT und JUT durch Analyse
bekannter F- und GT-Obergange kann man auch als Normierung der (p,n)-Daten auf

den R-Zerfall auffassen, Dies ist so, weil die B-Werte durch den B-Zerfall auf



modellunabhangige Weise bestimmt sind. Kennt man nun die Volumenintegrale JT
und JOT , so kann man mit Hilfe der (p,n)-Reaktion auch die restliche Fermi-
und Gamow-Teller-Stdrke ausmessen und so die totalen F- und GT-Ubergangsstar-
ken bestimmen. Letztere erfiillen ganz allgemeine, modellunabhangige Summenre-
geln, die man von Kommutatorrelationen der Isospinoperatoren T, und t_ herlei-

ten kann77). Fiir Fermiiibergange gilt:

LRI =§ (G <& )i -%' UEREDYGHENENY

£1) (5.3a)

und fir Gamow-Teller-0Obergange
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ST BT, S ) - B(eT, S f) (5.3b)
f f!

=S (GT) - S. (GT) = 3 (N-2)
B. +

Die Gl. (5.3a) und (5.3b) geben die Differenz zwischen der SB_— und der SB+-
Starke an, die ausgehend von einem Anfangszustand | i) durch Anregung aller
Endzustande |f> erzeugt werden kann. Man beachte, daB die Summenregeln weder
vom Anfangs- noch von den Endzustanden abhdngen. Dies bedeutet, daB sie mo-
dellunabhangig sind. Die einzige Annahme, die bei der Herleitung von (5.3a)

und (5.3b) gemacht wurde, ist die, daB o und t_ Einkdrperoperatoren sind, die

nur die Spin- bzw. Isospin-Richtungen der Nukleonen &ndern.



Un diese Summenregeln nun zum Vergleich mit (p,n)-Experimenten heranziehén zu
konnen, muB man die SB+-Stérke kennen. Diese konnte mit der (n,p)-Reaktion be-
stimmt werden. Leider existiert bis heute noch keine technische Einrichtung,
die das Studium von (n,p)-Reaktion mit 200 MeV "energiescharfen" Neutronen er-
moglicht. Daher konnen die Summenregeln (5.3a) und (5.3b) mit guter Genauig-
keit nur in schweren Targetkernen mit grofem Neutroneniiberschul uberprift wer-
den. Fiir diese Kerne wie z.B. 208pp ist die SB+-Starke sehr klein, weil bei
der Transformation eines Protons in ein Neutron die meisten Neutronenzustande
schon besetzt sind. Im "Independent Particle"-Modell gilt tatsachlich fiir die-
se Kerne: § = 0. Das Vorhandensein von Grundzustandskorrelationen ermoglicht
jedoch die Erzeugung von SB+-Ubergangs$tarke (s. Abb, 26), die nicht unbedingt

grol sein muf, abe; trotzdem zu SB+ F 0 fiihrt,
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Abb. 26: GT(BRT)-Oberginge, die in einem Kern mit groBem NeutroneniberschuB
aufgrund von Grundzustandskorrelationen ermoglicht werden., Die 2T2L-Konfigura-
tion ist zu einem Spin J" = 0% gekoppelt.

Nun findet man experimentell, dap die gesamte Fermi-Obergangsstarke in einem
Zustand, namlich in der IAR, konzentriert istsg). Dieser Zustand schopft ganz
allein schon die Summenregel S; (F) = (N-Z) aus. Das Gegenteil scheint hinge-

gen fir die GTR der Fall zu sein. Fiir diese fand man experimentell, dap sie
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Abb. 27: Anteil der in den (p,n)-Experimenten beobachteten totalen GT-Summen-
regelstarke als Funktion der Massenzahl A. Bei den leichten Kernen ist die GT-
Starke haufig 1in einem einzigen energiescharfen Zustand konzentriert. Die
schraffierte Flache soll die Unsicherheit bei der Definition eines Untergrunds
andeuten, Die Abb. wurde von Ref. 59 iibernommen.

etwa nur 50 % der minimalen Summenregelstdrke Sz = 3(N-Z) ausschopft, und
zwar in allen untersuchten Kernen (s. Abb. 27). Die interessante Frage, die
sich sofort stellt und die in den letzten Jahren viele Kernphysiker beschaf -
tigt hat, ist die nach der fehlenden GT-Starke. Teilweise hat man fiir dieses
Fehlen der GT-Stdrke innere Freiheitsgrade des Nukleons verantwortlich ge-
macht. Dies kommt wie folgt zustande. Die Summenregel, G1. (5.3b), beruht auf
der Annahme, daB die Nukleonen keine Substruktur besitzen. Nun bestehen die
Nukleonen aber aus Gluonen und Quarks, wobei letztere Fermionen mit Spin 92
und Isospin 9@ sind. Folglich kann die (p,n)-Reaktion auch einen Quark-Spin-
Isospin-0Obergang induzieren, wobei das Nukleon in ein A-Isobar (M = 1232 MeV,
S =3/2, T=23/2) ubergeht. Die Gamow-Teller-Stdarke, die zu den N»A-0Obergangen
gehort, ist sehr groB, denn alle Nukleonen im Kern konnen dazu beitragen, weil
kein Pauli-Prinzip diese Anregung im Kern verbietet (s. Abb. 28). Im Gegensatz
dazu konnen an der normalen GT-Schwingung nur die Uberschupneutronen teilneh-
men. ES besteht nun kein Zweifel daran, daB A's im Kern angeregt werden kon-

nen. Verschiedene Ladungsaustauschreaktionen, induziert von hochenergetischen
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Abb. 28: GT-Stdrkeverteilung fiir 208py ynter EinschluB von (AN'l)-Anregungen.
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Abb, 29: Tritonspektrum fiir die 12C(3He,t)12N--Reakt1'on bei 2 GeV Einschuflener-
gie, gemessen am Saturn-Synchrotron in Saclay .



Protonen mit E = 800 Mevl69) oder von 3He-Teilchen und E ~ 2 GeV 170), weisen
im Anregungsenergiebereich von.300 MeV eine mehr als 100 MeV breite Resonanz-
struktur im Streuquerschnitt beim Streuwinkel 6 = 0° auf (s. Abb. 29). Die
Frage jedoch ist, inwieweit diese energetisch hochliegenden A Teilchen-Nukle-
onloch-Zustande in die tiefliegende GT-Resonanz hineinkoppeln und deren Uber-

gangsstarke im Niederenergiebereich reduzieren konnen. Die Beantwortung dieser

Frage hangt wesentlich von der Starke der (AN'I) ~-Restwechselwirkung im Kern
ab,
% I44Sm(p,n) |44Eu
= o' Ep = 160 MeV
N ®@ =0°
0
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Abb, 30: Neutronspektrum fiir die 144Sm(p,n)144Eu-Reakt1'on. Der Grundzustands-
ibergang (schraffierte Fldche bei E, = 15.3 MeV) hat einen B(GT)-Wert, der vom
R-Zerfall her bekannt ist. Die punktierte Linie zeigt die Untergrundsubtrakti-
on, wie sie im allgemeinen von den Experimentalphysikern vorgenommen wird. Die
Kreuze zeigen eine alternative Untergrundsubtraktion (von Ref. 59).

Obwohl die Experimenta]physiker60) zunachst nur 50 % der GT-Starke in den Nie-
derenergiespektren der (p,n)-Reaktionen gefunden haben, ist es durchaus nicht
klar, ob dieses Fehlen allein (oder vielleicht sogar iiberhaupt) auf den Quark-
Spinflip-Mechanismus zuriickzufiihren ist. Dies sieht man am besten anhand von
Abb. 30, in der das Nullgradspektrum fiir die 144Sm(p,n)144Eu-Reaktion59) ge-

zeigt wird. Wie bereits oben dargestellt, bildet die GT-Resonanz den dominan-



ten Zustand im Spektrum. Die GT-Resonanz selbst hat eine Breite von ~ 5 MeV
und sitzt auf einem breiten kontinuierlichen Spektrum von Zustanden. Dieses
wird als "Untergrund" fiir die GT-Resonanz angenommen. Der Untergrund geht auf
Kernanregungen zuriick, die nicht vom GT-Typ sind. Die Frage ist nun, wie man
zwischen GT-Streuquerschnitt und Untergrund unterscheiden soll. In Abb. 30
werden zwei Moglichkeiten der Untergrundsubtraktion gezeigtsg). Je nach Wahl
des Untergrunds erhdlt man verschieden groBe GT-Streuquerschnitte und damit
eine verschiedene Ausschopfung der Summenregelstarke. Deshalb besteht ein ganz
wichtiges Problem bei der Extraktion der GT-Stdarke darin, den Untergrund mog-

lichst genau zu bestimmen.

5.1.2 Die 90Zr‘(p,n)goNb-»Spektr‘en bei Streuwinkeln e#0°

Un entscheiden zu konnen, ob die Unterdriickung der GT-Stdarke im wesentlichen
auf die Ankopplung der GT-Resonanz an die A(33)-Resonanz zuriickzufiihren ist
oder aob die feh]ende GT-Starke sich im "angeblichen" Untergrund befindet, miis-
sen wir den Untergrund direkt berechnen. Wir greifen diese Frage an, indem wir
von den bei verschiedenen Streuwinkeln gemessenen 90Zr(p,n)-Spektren ausgehen,
Diese Spektren54) sind in Abb. 31 als Funktion des Q-Wertes™ und des Streuwin-
kels 8 aufgefragen. Man sieht, dap im Energiebereich zwischen Q = -8 MeV und

Q = -20 MeV die GT-Zustande bei Vorwartswinkeln einen sehr groBen Streuquer-
schnitt besitzen, der aber mit wachsendem Streuwinkel sehr schnell abfdallt.

Bereits bei 6 = 70 ist der GT-Peak verschwunden. Die Winkelverteilung der GT-

Der negative Q-Wert Qpn entspricht, abgesehen von der kleinen Proton-Neu-
tron-Massendifferenz 'm = 0.75 MeV, der Anregungsenergie E,, d.h.

E, = —Q(p,nb-0.75, wenn man die Anregungsenergie beziiglich des Grundzu-
standes von 0zp miBt.
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Abb, 31: Neutronspektren fir die 90Zr‘(p,n)-Reaktion bei verschiedenen Streu-
winkeln 8 (von Ref. 54).

Zustande hat eine sog. L=0-Form, wobei L den wdahrend der Reaktion auf den Kern
ubertragenen Bahndrehimpuls L angibt. Wie wir oben bereits wiederholt erwdhnt
haben, klappen die Neutronen, die an der GT-Schwingung beteiligt sind, nur ih-
re Spins und Isospins uh, andern aber ihre Ortswellenfunktion nicht. Deshalb
benotigt man auch keinen Bahndrehimpulsiibertrag, um diese Schwingung anzure-
gen, d.h. L=0. Eine Kernreaktion, in der kein Bahndrehimpuls iibertragen wird,
hat im differentiellen Wirkungsquerschnitt ihr erstes Hauptmaximum bei 0O,

Dies ist fir die GTR und fiir die IAR der Fall.

Im Anregungsenergiebereich zwischen Q = -20 und Q = -30 MeV beobachtet man in

den Spektren von Abb. 31 eine weitere Struktur, deren Streuquerschnitt mit



wachsendem Winkel schnell ansteigt, bei etwa 4.5° ihr Maximum erreicht, um
dann mit zunehmendem Winkel wieder abzufallen. Dieser Teil der Spektren hat in
der Winkelverteilung eine L=l-Form, was daraqf schlieBen 1apt, dapR eé sich
hier um eine Spin-Isospinflip-Resonanz handelt, bei der die Targetnukleonen
auch ihre Ortswellenfunktionen andern und einen Bahndrehimpuls L=1 aus der Re-
lTativbewegung zwischen Projektil und Target iibernehmen. Wir werden zeigen, daf
diese Resonanz eine Dipolschwingung mit gleichzeitigem Spin-Isospinflip (L=1,

S=1,T=1) ist. Die L=1-Resonanz erscheint energetisch etwa 10 MeV oberhalb der
GTR und besitzt eine Breite von ~ 10 MeV. Sie ist als die Summe von drei kol-

lektiven Zustdnden mit Spin-Paritat J" = 0°, 17 und 2° interpretiert wor-

denl71),

Im Anregungsenergiebereich zwischen 30 und 45 MeV kann man noch eine weitere
Struktur identifizieren, die nun ihren groBten Streuquerschnitf bei 9.59 er-
reicht. Dies ist, wie wir zeigen werden, eine Spin-Isospin-Quadrupolschwingung
(L=2,5=1,T=1). Energetisch gesehen ist sie eine 2hw-Schwingung und schlieBt

Zustande mit Spin-Paritat J" = 1*, 2% und 3* ein.

Im folgenden werden wir ein mikroskopisches Modell entwickeln, das es uns er-
laubt, die Spektren bei allen Streuwinkeln in konsistenter Weise zu berechnen.
Wir werden zeigen, daB der gesamte gemessene Streuquerschnitt bis hinauf zu
Anregungsenergien von Q = =70 MeV durch Spin—Isospinf]ip-Anreguﬁgen vom Ein-
teilchen-Einloch(1TiL)-Typ erzeugt wird. Unsere Rechnungen beschreiben alle
Teile der Spektren, auch die, die iiblicherweise zum Untergrund gezdhlt werden.
Da wir die experimentellen Spektren im gesamten Energiebereich von Q = 0 bis

Q = -70 MeV und im gesamten Winkelbereich von 8 = 0% bis o = 18.7° analysie-
ren, sind wir in einer guten Position, zuverldssige Aussagen iiber die Gesamt-

Spin-Isospin-0bergangsstdarke zu machen, die in der (p,n)-Reaktion beobachtet



wird, und auch iiber die Frage, ob die GT-Starke im Niederenergiebereich durch
(AN'1)=Be1mischungen unterdriickt wird oder nicht. Dadurch, daBl wir die Spek-
tren bei allen Streuwinkeln gleichzeitig analysieren, schliefen wir zwei grofe
Unsicherheiten aus, die gewohnlich bei der Extraktion der GT-Starke auftreten.
Erstens haben wir kein Untergrundprobiem, denn wir berechnen die gesamten
Spektren., Zweitens werden Ungenauigkeiten bei der Extraktion der Stdrke, die
aus der Breite der Resonanzen resultieren, minimiert, weil wir die Spektren
bis zu hohen Anregungsenergien hin untersuchen. Falls eine starke Verschiebung
von 1TlL-Starke zu hohen Energien hin aufgrund einer asymmetrischen Dampfung
der Resonanz bestehen sollte, werden wir dieses direkt bei der Analyse der Da-

ten feststellen.

5.2 Das Modell zur mikroskopischen Analyse der (p,n)-Spektren

Die wichtigste Modellannahme bei unserer Analyse der Daten ist die, daB der
Streuquerschnitt in (p,p')- und (p,n)-Reaktionen bei \hohen EinschuBenergien
(Ep 2 150 MeV) und bei Vorwartswinkeln dominant durch Einstufenprozesse er-
zeugt wird, und zwar fir alle Anregungsenergien, die kleiner sind als die
Halfte der Einschuﬁenergiegg‘loz,104). Diese Annahme wird sowohl vom Experi-
ment als auch von der Theorie unterstiitzt. So zeigen die 09-Streuquerschnitte
fiir die 200 MeV-Daten in Abb. 21 einen charakteristischen Abfall mit zunehmen-
der Anregungsenergie. Grofe Beitrage von Zwei- und Mehrstufenprozessen sollten
dagegen zu einem Anstieg im Streuquerschnitt mit wachsender Anregungsenergie
fihren, weil die Dichte der 2T2L-Endzustande, die dann mit Mehrstufenprozessen
erreichbar sind, stark ansteigt. Rechnungen fiir Mehrstufenprozesse von Chiang

und Hifnerl72) sowie Rechnungen von Bertsch und Scho]ten173) zeigen, daf der
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Streuquerschnitt unter Vorwdartswinkeln bei hochenergetischen (p,p')-Reaktionen
hauptsachlich auf Einstufeﬁprozesse zuriickgeht. Auch unsere mikroskopischen
Rechnungen99'102’104) haben gezeigt, daB diese Annahme in der Tat richtig ist.
Deshalb diirfen wir annehmen, dapB die Vorwartswinkelspektren in der (p,n)-Reak-
tion bei Ep >> 150 MeV aus einer einfachen (berlagerung von Streuquerschnitten

von unelastischen Anregungen zu gebundenen und ungebundenen Zustanden bestehen

(s. Abb. 32).
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Abb, 32: Schematische Darstellung des mikroskopischen Modells, das in den Un-
tergrundrechnungen benutzt' wird. In der Abb. bezeichnet e¢_ die Fermienergie,
E. die Nukleonseparationsenergie und E, die Projektilenergie. Fiir die effekti-
ve PTWW V wird die freie NN-t-Matrix in der Parametrisierung von Love und

Franeylz-F verwandt .



Da die Impulsnaherung bei intermediaren Energien ziemlich genau ist, approxi-
mieren wir die effektive PTWW durch die freie Nukleon-Nukleon t-Matrix in der
Parametrisierung von Love und Franey127). Wie wir in § 4,2 gezeigt haben, tra-
gen dann nur die Spinflip-Zustdnde (S=1,T=1) zu den (p,n)-Spektren bei, weil
die Streuquerschnitte zu den Nicht-Spinflip-Zustanden (S=0,T=1) wegen des

Vv 2
OT|~ ~ 10 stark unterdriickt sind. Aus diesem

T
Grund vernachldssigen wir die Streuquerschnitte zu Nicht-Spinflip-Zustanden in

Kraftstarkeverhaltnisses von

unserer Analyse der (p,n)-Spektren, ausgenommen den zur IAR. Von den Spinflip-
Zustdanden schlieBen wir alle mit den Multipolaritaten L=0 bis L=4, d.h. alle

Zustande mit Spin-Paritat J" = 0-,1%,1-,2%,2-,3%,3",47,4% und 5% ein.

5.3 Die Kernstrukturrechnungen

In der Analyse der Daten verwenden wir insgesamt drei verschiedene Kernmodelle
zur Beschreibung des Kernanregungsspektrums. Das einfachste Modell, das wir
benutzen, ist das "Independent Particle"-Modell. In diesem Modell wird die
Struktur des Targetkerns auf die Bewegung unabhangiger Nukleonen in einem Ein-
teilchenpotential zuriickgefiihrt. Die in der Reaktion angeregten Zustande sind
dann ungestorte TL-Doorway-Zustande, die gebunden oder ungebunden (Kontinuum-
zustande) sein konnen (s. Abb. 32). Die Einteilchenwellenfunktionen fiir die
gebundenen und ungebundenen Zustdnde werden von einem Woods-Saxon-Potential
erzeugt, welches so gewdhlt wird,'das es die bekannten experimentellen Ein-
teilchenenergien reproduziert. Das Protonteilchen und das Neutronloch werden
zu Zustanden mit Spin-Paritat J" gekoppelt. Dies ist vorteilhaft, weil zu den
Vorwdrtswinkelstreuquerschnitten nur Zustdnde mit niedriger Multipolaritat

beitragen konnen. Weiterhin erhdlt man mit diesem Verfahren die Beitrdge zu



den Spektren fiir Endzustidnde mit verschiedener Spin-Paritdt J" getrennt. Dies
gibt uns die Moglichkeit, die Kernstruktur von gewissen Zustanden mit vorgege-
benem J" in besseren Kernmodellen zu berechnen als fiir den Rest der Zustéﬁde.
Zum Beispiel konnen wir die Kernkollektivitdt und A-Effekte in die Struktur-
rechnungen fiir die GTR einschliefen, wahrend wir die iibrigen Zustande im unge-
storten TL-Modell behandeln. Die letzteren bilden dann sozusagen den Unter-

grund fiir die GTR.

Das ungestorte TL-Modell ist natiirlich viel zu einfach, um die Starkevertei-
lungen der verschiedenen angeregten Zustdnde im Detail zu beschreiben. Dies
liegt daran, daf dieses Modell keine TL-Restwechselwirkung beriicksichtigt. Di-
agonalisierung der TL-Restwechselwirkung im 1TlL-Modellraum fiihrt zu einer Um-
verteilung der Starke, die die Kollektivitat der Kernzustande besser be-
schreibt. Bei dieser Umverteilung bleibt die Gesamt-TL-Starke jedoch im we-
sentlichen erhalten. Analysiert man nun das gesamte Spektrum in einem grofen
Anregungsbereich, so schaut man in erster Linie auf die Gesamtstarke und zu-
nachst nicht so sehr auf ihre detaillierte Verteilung. Die integrierte Starke
ist dann fast modellunabhangig. Deshalb behaupten‘wir, da fiir unsere Zwecke
zur Berechnung des gesamten (p,n)-Spektrums das einfache TL-Modell schon ziem-
lich gute Ergebnisse liefern sollte., Dies gilt insbesondere fiir die Abschat-
zung des Untergrundes unterhalb der GTR und unterhalb der L=1 Spin-Isospin-Di-
polresonanz, denn das ungestorte TL-Modell verschafft uns hier eine obere
Grenze fiir den Untergrundstreuquerschnitt. Dies liegt daran, daB bei Verwen-
dung von besseren Kernwellenfunktionen, wie z.B. RPA-Wellenfunktionen, die
Spin-Isospin-TL-Starke wegen der Repulsivitdt der TL-Restwechselwirkung im
S=1,T=1-Kanal zu hoheren Anregungsenergien hin verschoben wird. AuBerdem redu-
zieren die dann teilweise eingeschlossenen Grundzustandskorrelationen den Un-

tergrundstreuquerschnitt zusdtzlich. Deshalb ist der Untergrund, der im unge-



storten TL-Modell berechnet wird, ein maximaler Untergrund. Jedes bessere
Kernstrukturmodell als dieses wird weniger Untergrund produzieren, solange nur

der Einstufenreaktionsmechanismus wirksam ist.

Neben den Rechnungen im ungestorten TL-Modell fiihren wir auch Analysen der
(p,n)-Spektren mit RPA-Wellenfunktionen durch. Die RPA-Wellenfunktionen werden
in gleicher Weise erzeugt wie in § 3.4 dargestellt. Fir die TL-Restwechselwir-
kung benutzen wir eine realistische Wechselwirkung, die die Pion- und Rho-Me-
son-Austauschpotentiale im ot-Kanal explizit einsch11e8t89). Die Effekte der
anderen Mesonen werden durch eine Zweinukleonkorrelationsfunktion und durch
eine zusatzliche Nullreichweitekraft simu]iert89). Die explizite Form der TL-

Wechselwirkung im Impulsraum ist dann gegeben durch104)

AT ORI (5.4a)

Vph(q) =/ g(k-q){Vn(k)+Vp(k)}d3k/(2n 17927179

1

3 2 g}

9(a) = (21)%(q)-(2n%/q)8( a -q_), q, = 3.93 fm (5.4b)
2, 200, 2 20,2, 212 2. 20> -

V(q) = =(fo/mo)[(A-m )/ (A1+q7)] %[5, G0 -0/ (mE+q“) )7, 7, (5.4c)

_ 2,2 2 2 2, 2\12 (+ ¥ 2,212 >

Vo () = =(F o /m)[(a -0/ (a7+q7)]% {o)xqoxa/ (m +q%)}7) 1, (5.4d)

2 2 0,081, m_ = 0.699 fm™, A =6 fm" Y, f2 = 4.86, m_ = 3.9 fm ",

i (i T p P

- "l 3 |
Ap =10 fm °, Cy = 302 MeV fm~, 89, = 0.5 (5.4e)

Der dritte Mode]]raum104), den wir benutzen, enthdlt Nukleonen und A-Isobar-
teilchen, In diesem Modellraum fiihren wir verallgemeinerte RPA-Rechnungen

durch. Die Modellraumbasis wird, abhangig vom Targetkern, immer moglichst grof
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gewahlt. Im Falle von 9071 schlieBen wir z.B., alle < 3fw Anregungen fir die
Nukleon TL-Konfigurationen und alle Isobarzustdnde vom 1ls- bis hinauf zum 1j-
Orbital ein. Die verallgemeinerten RPA-Wellenfunktionen mit AN'l—Beimischungen

haben dann die Form:

[v9)- [Zh K (ph)a (plath) + 5 x (ah)a*(a)a(h)}]g.s D> (5.5)
p

Ah

wobei Xd(ph) und XJ(Ah) die RPA-Obergangsamplituden fir die fNN‘¥> bzw.

IAN"%)-Konfigurationen sind,

5.4 Die Reaktionsrechnungen

Von den Wellenfunktionen aus Gl. (5.5) berechnen wir, wie in § 4.1 darge-
stellt, die differentiellen (p,n)-Streuquerschnitte mit dem DWBA-Programm
FROST-MAR3165), das die Antisymmetrisierung zwischen Projektil- und Targetnu-
kleonen exakt beriicksichtigt. Auch fiir die A-Anregung berechnen wir die direk-
te und die Austauschstreuamplitude (s. Abb. 33). Fiir die Projektil-Isobar-
Wechselwirkung benutzen wir das Pion- und Rho-Meson-Austauschpotent1a]104), in
dem wir die Spin(s)- und Isospin(t)-Operatoren durch die Obergangsoperatoren S
und T ersetzen. Fiir die Meson-Nukleon-A-Kopplungskonstanten wahlen wir die
Chew-Low-terte f = 2f bz, f o = 2f 174)  Eine ahnliche Projektil-

[sobar-Wechselwirkung wurde schon erfolgreich in der Analyse von 160 MeV

48ca(p,n)-Daten in Ref. 91 benutzt.
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Abb. 33: Graphische Darstellung der Reaktionsprozesse, die in. den DWIA-Rech-
nungen eingeschlossen sind. Nur die direkten Grafhen werden gezeigt. Fiir die
effektive PTWW haben wir die Love-Franey t-Matrix 27) benutzt und fir die Pro-
jektil- A-Isobar-Wechselwirkung das Einpion- und Einrhomeson-Austauschpotenti-
al. Fiir die Isobarkopplungskonstante wurde der Chew-Low-Hert 174) ¢*=2f genom-
men .

5.5 Normierung auf den B-Zerfall

Die effektive PTWW muB vor ihrer Benutzung in den Reaktionsrechnungen geeicht
werden, um eine kraftunabhdngige Analyse der Spektren zu garantieren. Dabei
gehen wir wie folgt vor: Zunachst machen wir von der Tatsache Gebrauch, daf
die 0° (p,n)-GT-Streuquerschnitte proportional sind zu deren B(GT)-Ubergangs-
stdarken (s. Gl. (5.1b)). Wir wdhlen also einen GT-Obergang, fiir den der B(GT)-
Wert vom R-Zerfall her bekannt ist und fiir den auch der 0° (p,n)-Streuquer-
schnitt gemessen wurde. Ein guter Kandjdat dafiir ist der Obergang

42ca(0%) » #2sc(1*,E, = 0.61 MeV), der einen B(GT)-Wert von 2.57 be-
sitzt175-177) ynd dessen Q° (p,n)-Streuquerschnitt bei 200 MeV EinschuBenergie

15.5 mb betrdgt59). Da der R-Zerfall den B(GT)-Wert auf modellunabhangige Wei-
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se bestimmt, diirfen wir die 0° (p,n)-Streuquerschnittsrechnung mit beliebigen
Anfangs- und Endkernwellenfunktionen durchfiihren, die den gemessenen B(GT)-
Wert reproduzieren. Zufdlligerweise erfiillen beim 42Ca(0+) > 42Sc(1+)—0bergang
einfache [f7/2]2—we11enfunktionen fiir den Grundzustand in %2Ca und den 1*-Zu-
stand in 425c bereits diese Bedingung und reproduzieren ziemlich genau den ge-
messenen B(GT)-Wert von 2.57. Mit diesen Wellenfunktionen und der 210 MeV t-
Matrix von Love und Franey127) fir die effektive PTWW berechnen wir einen 0Q°
(p,n)=Streuquerschnitt von 13.4 mb. Der experimentelle 0°-Streuquerschnitt be-
tragt 15.5 mb 54), so daB wir den 0°-Streuquerschnitt um einen Faktor

15.5/13.4 = 1,16 renormieren miissen. Es ist zu beachten, daR wir mit diesem
Verfahren nur die absolute GroBe der effektiven Wechselwirkung bei q=0 eichen,
jedoch nicht ihre g-Abhangigkeit. Letztere kann jedoch durch Analyse von in-
elastischen Winkelverteilungen zu Zustdnden mit bekannter Kernstruktur oder
durch Analyse von entsprechenden Ladungsaustauschreaktionen iiberpriift werden.
Die g-Abhangigkeit der Zentral (VOT)- und Tensorkomponenten der Love-Franey-
Nechse]wirkun9127) wurde z.B. in Ref. 91 getestet und im wesentlichen in Ober-

einstimmung mit dem Experiment gefunden.

Das Eichverfahren muB etwas abgedndert werden104), wenn die Kernwellenfunktio-
nen (AN—l)-Komponenten enthalten, Um dies zu zeigen, nehmen wir an, daB die

Endkernwellenfunktionen von der Form

> = aliw > - blan > (5.6)

sind, wobei |NN'1) und |AN“1> schematisch fiir den Nukleonanteil und den A-An-
teil der Wellenfunktionen stehen. -‘In diesem Fall missen wir die GroRe

'JE?‘ZB(GT) in Gl. (5.1b) ersetzen durch
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wobei Jgﬁ das Volumenintegral fiir die effektive Projektil-a-Isobar-Wechselwir-

kung bezeichnet. Der B(GT)-Wert ist nun definiert durch
[adH ot ]0) - b<@N'1|Squ> (5.8)

wobei %%;das Verhaltnis zwischen den Axialvektorkopplungskonstanten des Nukle-

on(gp)- und des Isobar(gX)-Sektors ist.

Nun haben wir mit unserem Eichverfahren offensichtlich zwei unabhangige Gro-

Ben, namlich JNN und JNA,
oT oT

festzulegen. Andererseits haben wir aber auch zwei
bekannte GroBen, den gemessenen B(GT)-Wert und den gemessenen 0° (p,n)-Streu-
querschnitt. Nun nehmen wir an, daB die (AN"l)-Beimischungen in den Wellen-
funktionen die totale GT-Starke im Niederenergiebereich um einen gewissen Be-
trag reduzieren. Dann sollte auch der 42Ca(0+) > 42Sc(l+) davon betroffen
sein. Daher muB die 42Ca(p,n)425c(1+)-0bergangsd1‘chte (AN'l)-Komponenten ent -
halten, deren Beimischung zur Wellenfunktion durch den Mischungskoeffizienten
b in Gl. bestimmt wird. Die GroRe von b hangt ganz sensitiv von der Starke
der (AN'l)-Restwechselwirkung ab (s. Gl. (5.4)). Durch geeignete Adjustierung
der Kraftparameter kann man nun immer Wellenfunktionen mit AN’l-Komponenten
erzeugen, die den gemessenen B(GT)-Wert, insbesondere auch den fiir den
42Ca+425c(1+)-0ber‘gang reproduzieren. Der wesentliche Punkt fir uns ist dabei,
dap mit derselben Wellenfunktion auch der gemessene 0° 42Ca(p,n)425c

(1*,E, = 0.61 MeV)-Streuquerschnitt reproduziert werden muB. Dies erreichen

wir dadurch, daB wir die Volumenintegrale Jgf

X
und Jgﬁ unabhdangig voneinander

variieren., Wir finden in unseren Rechnungen nur 2zwei Losungen, die Gl. (5.7)
*

erfillen, namlich JSA 0 und IJNA/JNN =’gﬁ'. Wenn die erste Ldsung, Jgf = 0,
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giltig ware, wirde dies bedeuten, dap die (p,n)-Probe keine A's anregen konn-
te. Dies dist natiirlich nicht der Fall, und deshalb muBl die Losung
,Jgf/dgN =ig;/gAld1e richtige sein. Dieses Ergebnis ist duBerst wichtig, denn
es zeigt, dap die hadronische (p,n)-Probe bei hohen EinschuBenergien A's in
Kernen in gleicher Weise sieht wie die schwache Wechselwirkung im R-Zerfall,
Man kann auch sagen, dap die (p,n)-Reaktion bei 0° und bei hohen EinschuBener-
gien wirklich GT-Stdrke mift. Dies hat die weitere wichtige Konsequenz, daf
man mit Hilfe der (p,n)- und (n,p)-Reaktionen, durchgefiihrt bei der gleichen
EinschuBenergie, die Gliltigkeit der Ikeda-Summenrege177) (G1. (5.3b)) liberpri-

fen kann.

Mit der geeichten PTWW konnen wir nun (p,n)-Spektren fiir andere Targetkerne
analysieren, Die einzige Unsicherheit, die beim (bergang von 42Ca(p,n) ZU ei-
ner anderen A(p,n)-Reaktion entsteht, resultiert aus dem Distortionsfaktor NOT
in G1. (5.3), welcher sich mit dem Targetkern A dndert. Es stellt sich jedoch
heraus, daB die Distortionsfaktoren ziemlich genau berechnet werden kannen. So
ist die Unsicherheit, wenn man z.B. vom Target 4204 zum Target 90z libergeht ,
nicht grofer als 10 %. Wir haben diesen Punkt iiberprift, indem wir verschiede-
ne optische Parametersdatze verwendet haben178‘180). Nach vielen Tests haben
wir uns entschlossen, in allen Analysen fiir die Erzeugung der "distorted
waves" den globalen Satz von Nadasen u.a.lgo) zu verwenden. Dieser Parameter-
satz ist als Funktion der Einschufenergie E und der Targetmassenzahl A gege-
ben. Diese Wahl gibt uns die Moglichkeit, optische Parameter der gleichen Po-

tentialfamilie fiur verschiedene Targetkerne zu benutzen.
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5.6. Ergebnisse und Diskussionen

5.6.1 Analyse der 48Ca(p,n)48Sc—Reakt1'on

Die erste mikroskopische, quantitative Rechnung fiir den Untergrund von Gamow-
Teller-Resonanzen wurde fiir das 0°-Spektrum der 48Ca(p,n)=-Reakt1'on durchge-
fiinrt995100) " 1y apb. 34 zeigen wir die Daten (dicke durchgezogene Kurve) von
Anderson u.a,58). Das Spektrum weist drei GT-Zustdnde bei Anregungsenergien
von Ex = 2,5, 11 und 16.8 MeV auf. Der Zustand bei 11 MeV ist die eigentliche
GT-Resonanz, die bei weitem die groRte Ubergangsstarke besitzt. Diese und der
niedrigliegende 17-Zustand bei E, = 2.5 MeV besitzen den Isospin T=3. Der 1*-

Zustand bei E, = 16.8 MeV hat den Isospin T=4 und ist der Analoge zum 1t T1=4,

Ex = 10.24 MeV-Zustand in 48Ca, der in (e,e‘)63‘65)- und (p,p')66’69’70)-Ex-

perimenten beobachtet wurde.

Die gestrichelte Kurve unterhalb der GT-Zustdnde bezeichnet den Untergrund,
wie er von den Experimentalphysikern abgezogen wurde58). Unsere Rechnungen
~ zeigen jedoch ein ganz anderes Verhalten. Der berechnete Untergrund wird in
Abb. 34 durch die gestrichelt-punktierte Kurve und durch die diskreten senk-
rechten Linien, die Streuquerschnitte zu diskreten Zustdanden bezeichnen, dar-
gestellt. Sowohl das diskrete als auch das kontinuierliche Spektrum wurden im
ungestorten TL-Doorway-Modell berechnet, wobei das Kontinuum exakt behandelt
wurdegg). Das gesamte berechnete Spektrum ist die inkohdrente Summe aller
Streuquerschnitte mit Multipolaritdten L=0 bis L=3 (J1T = 0',1+,1‘,2+,2',3+,

37,47). Der kontinuierliche Teil des Spektrums (gestrichelt-punktierte Linie)
reproduziert die Daten bei hohen negativen Q-Werten bemerkenswert gut. Das be-
rechnete Kontinuum fallt scharf gegen Null ab bei Q = -20 MeV. Dieser scharfe
Abfall ist ein gemeinsamer Effekt der Coulomb- und Zentrifugalbarriere, welche

die Kontinuumswellenfunktionen des angeregten Protons mit den Quantenzahlen
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Abb. 34: Nullgradspektren fiir die 48Ca(p,n)-Reaktion bei 160 MeV EinschuBener-
gie. Die Daten (dicke durchgezogene Linie) wurden von Ref. 58 genommen., Die
diskreten Linien stellen berechnete Streuquerschnitte zu gebundenen und quasi-
gebundenen Zustanden dar. Der Pfeil mit dem "Index" L=1 deutet die Lage an, wo
die L=1 (07,17,2")-Stdrke hauptsachlich lokalisiert wiare, wenn die Rechnungen
die kollektiven Eigenschaften dieser Zustande beriicksichtigen wiirden.

|Ep,2pjp> klein. an der Kernoberfldache machen, insbesondere fiir kleinere Ener-
gien (Ep < 10 MeV) und fiir Drehimpulse 2p¢0. Konsequenterweise sind fiir diese
Energien die Kerniibergangsdichten klein und deshalb auch die Streuquerschnit-
te. Der Untergrund gerade unterhalb der GT-Resonanz muf dann durch alle Q(ber-
gange erzeugt werden, die ein Neutron von der 2sld- und der 1f7/2-Scha1e via
Ladungsaustausch in die Proton 2plf- oder 199/2~Scha1e befordern (s. Abb. 32).
Die Streuquerschnitte, die von diesen Zustdnden erzeugt werden, sind in Abb.

34 durch die diskreten Linien dargestellt. Die groBten Beitrdge gehen dabei



- 107 -

auf L=1 (J" = 07,17,27)- und L=2 (J" 3%)-Anregungen zuriick. Die Summe der
Streuquerschnitte, die im Q-Intervall von 2 bis 15 MeV zum Untergrund beitra-
gen, betragt 5.4 mb, wovon 2.5 mb auf 07-, 1.4 mb auf 2°-, und 1 mb auf 3*.
Ubergdnge zuriickgehen. Man beachte, da der grofite Teil der L=1(07,17,27)-
Stdarke energetisch nach oben in den Energiebereich um Q = -22 MeV (wie in Abb.
34 durch den Pfeil angedeutet) geschoben wird, wenn man die TL-Restwechselwir-
kung anschaltet., Man beachte auch, daB fiir die L=1-Ladungsaustauschmoden eine
Summenregel existiert’’), Diese Summenregel besagt, daB bei EinschluB der re-
pulsiven TL-Restwechselwirkung die Starke lediglich umverteilt, d.h. von nie-
drigen zu hoheren Anregungsenergien hin verschoben wird. Deshalb bedeuten die
im ungestorten TL-Doorway-Modell berechneten 5 mb eine obere Abschatzung fiir
den Untergrund unter der GIR in 48ca. In der experimentellen Analyse der Daten
wurden jedoch 17 mb als Untergrund abgezogen, wenn man den Anregungsbereich
0>Q>-15 MeV zugrundelegt (s. die gestrichelte Kurve in Abb. 34). Unsere Rech-
nungen zeigen, daf von diesem Untergrund mindestens 12 mb GT-Stdrke sind. Wei-
terhin deutet unsere Rechnung darauf hin, daB auch noch viel GT-Starke im
Energiebereich -15 MeV»(Q>-25 MeV sein kann. Legen wir den Energiebereich
-25 MeV>Q>0 zugrunde, dann erhght sich die GT-Starke im Untergrund von 12 auf
30 mb! Dieser Streuquerschnitt von 30 mb ist fast genauso groB wie der von den
Experimentalphysikern designierte GT-Streuquerschnitt fiir den 1%,T=3-Zustand

bei Q = =15 MeV. Der gesamte GT-Streuquerschnitt erhoht sich dann etwa um

66 %.

Bisher haben wir noch nicht die Streuquerschnitte der drei GT-Peaks in Abb. 34
diskutiert. Fir diese Zustande haben wir getrennte Rechnungen durchgefiihrt,
und zwar mit drei verschiedenen Modellwellenfunktionen vom TL-Doorway-, vom
RPA- und vom RPA+A-Typ. Die Ergebnisse dieser Rechnungen vergleichen wir in

Abb. 35 mit Daten58)° (Die Daten wurden mit dem experimentellen Untergrund
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Abb., 35: Winkelverteilungen fiir die 48Ca(p,n)-Reaktionen zu den drei 1%, G7-
Zustanden in 48sc. Die Daten wurden von Ref. 58 genommen, Drei Rechnungengl)
werden mit den Daten verglichen, in denen die Zustdnde entweder durch unge-
storte TL(ph)-, durch RPA- oder durch RPA+A-Wellenfunktionen beschrieben wer-
~den, Die optischen Parameter wurden von Ref. 180 genommen.

(gestrichelte Linie in Abb. 34) bestimmt!) Drei verschiedene Streuquerschnitte
werden jeweils mit den drei verschiedenen 1*-Zustdnden bei Ex = 2.52 MeV,

Ex = 11 MeV und E, = 16.8 MeV in 48sc verglichen. Diese wurden entweder mit

ungestorten TL(ph)-, mit RPA- oder mit RPA+A-Wellenfunktionen berechnet. Durch
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Vergleich der Resultate fiir "ph" und "RPA" sieht man, wie die Restwechselwir-
kung die GT-Stdrke umverteilt, indem ein grofer Teil der Stdrke vom niedrig-
liegenden zum hochliegenden GT-Zustand geschoben wird. Der EinschluB3 von A
Isobaren hat einen dhnlichen Effekt, indem ein Teil der GT-Starke von den nie-
drigliegenden Zustanden weggenommen und in den Anregungsbereich um 300 MeV
hinauftransportiert wird. Eine Reduktion der RPA+A-Streuquerschnitte im Ver-

gleich zu den mit RPA berechneten ist deutlich zu sehen. Fiir den 1%,

E 2.52 MeV-Zustand betragt die Reduktion ungefahr 28 % und fir den 1%,

X

E .11 MeV-Zustand etwa 30 %. Vergleichen wir nun die Rechnungen mit den ex-

X

perimentellen Daten, so diirfen wir das Untergrundproblem nicht vergessen. Der
experimentelle 00-Streuquerschnitt zum 1%, E, = 11 MeV-Zustand wird um ~ 30 mb
auf 62 mb erhoht, wenn der Untergrund richtig subtrahiert wird. Dann wiirden
die Daten gerade mit der RPA+A-Rechnung ibereinstimmen. Man konnte daraus
schlieBen, dap RPA+A die richtige Losung ist und A's die GT-Starke um 30 % un-
terdriicken. Hier ist jedoch Vorsicht geboten, denn wie wir schon erwahnt ha-
ben, ist der berechnete Untergrund ein maximaler Untergrund. Bessere Rechnun-
gen, die z.B. RPA-Korrelationen einschliepen, werden den Untergrund verrin-
gern. AuBerdem wird ein groBer Teil der Stdarke zu hoheren Anregungsenergien
hin verschoben. Dadurch wird mehr Raum fiir GT-Starke geschaffen, wodurch die
GT-Starke leicht um 30 % erhoht werden kann. AuBerdem haben wir hier nur das
00-Spektrum analysiert. Eine Analyse der gesamten Vorwartswinkelspektren ver-
schafft viel starkere Randbedingungen fiir die theoretischen Rechnungen, denn
man mup neben dem 09-Spektrum, das von den GT=Zustdanden dominiert wird,
gleichzeitig auch die Spektren bei groBeren Streuwinkeln beschreiben. Solch
eine vollstandige Analyse der (p,n)-Spektren werden wir in den ndchsten Para-

graphen fir die 90Zr‘(p,n)-Reaktion durchfihren.
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5.6.2 Analyse der 90Zr(p,n)90Nb=Reakt1‘on unter Einschlup des A-Effektes

In diesem Abschnitt werden wir eine vollstdndige, mikroskopische Analyse der
gesamten 90Zr(p,n)gONb-—Spektren, die in Abb. 31 dargestellt sind, durchfiihren.
Diese Rechnungen hier unterscheiden sich von denen fiir die 48Ca(p,n)48Sc—Reak-
tion dadurch, daB nun die meisten Zustande des. Kernanregungsspektrums

(0" = 0-,17,27,1%,2%,3%) durch RPA- oder RPA+A-Wellenfunktionen beschrieben
werden. Wir diskutieren den gesamten Winkelbereich von 0° bis 18.79. Beginnen

werden wir mit dem 0°-Spektrum.

5.6.2.1 Das 0°-Spektrum und die GT-Resonanzen

Im oberen Teil von Abb. 36 zeigen wir Resultate fiir das 0°-Spektrum. Zwei ver-
schiedene Rechnungen werden mit den Daten verglichen. Die erste wurde mit ge-
wohnlichen RPA-Wellenfunktionen durchgefiihrt (durchgezogene Kurve) und die
zweite mit verallgemeinerten RPA-Wellenfunktionen, die A-Isobarfreiheitsgrade
einschlieBen (gestrichelte Kurve). Beide Spektren sind inkohdrente Summen von
Streuquerschnitten mit Multipolaritdten L=0 bis L=4 (J" = 0%,0-,1%,1-,2%,

2",3+,3',4',4+,5+). Von diesen Zustdnden wurden die 07,17,27 und 1+,2+,3+ Zu-
stande mit RPA oder RPA+A berechnet, wdhrend die 3~,4~,4% und 5% Zustinde im
ungestorten TL-Doorway-Modell von Ref. 99-102 behandelt wurden. Der Modellraum
fiir die RPA-Rechnungen enthielt alle 3fw-Anregungen, so daB die RPA-Zustinde
sich in ihrer Anregungsenergie bis zu Q ='«40 MeV erstrecken. Die Streuquer-
schnitte jenseits von Q = -40 MeV werden hauptsachlich durch Zustande mit

Ex > 3hw erzeugt, welche ebenfalls durch ungestorte TL-Doorway-Wellenfunktio-

nen beschrieben werden104).
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Abb, 36: Neutronspektren fir die Reaktion 90Zr(p,n)gONb bei Streuwinkeln von
6=0° (Teile (a) und (b)) und 6 = 4.5° (Teile (c) und (d)). Die Daten (dinne
durchgezogene Linie) wurden von Ref. 54 genommen. Die vollstandigen, theoreti-
schen Spektren in (a) und (c) wurden mit RPA-Wellenfunktionen (dicke durchge-
zogene Linie) oder mit verallgemeinerten (RPA+A)-Wellenfunktionen (gestrichel-
te Kurve) berechnet. Im letzteren Fall wurden die AN ~-Beimischungen in der
Wellenfunktion so angepaBt, daB das "Quenching" der totalen GT-Starke 30 % be-
tragt (s. Text). Die Teile (c) und (d) zeigen jeweils den Untergrund beziiglich
der GTR allein (BGR GT) bzw. den Untergrund bezliglich der GTR und der L=1-Re-
sonanz gemeinsam (BGR GT,L=1)., Die durchgezogenen und die lang-kurz-gestri-
chelten Kurven stellen Resultate dar, die mit RPA-Wellenfunktionen erhalten
wurden, und die gestrichelten und die lang-kurz-kurz-gestrichelten Kurven
geben die Resultate an, die mit RPA+A berechnet wurden. Durch Subtraktion der
BGR GT,L=1-Kurve von der BGR GT-Kurve erhdlt man die Starkeverteilung fiir die
l1hw+3hw L=1-Resonanz. Im Energiebereich -20>Q>-60 MeV stimmt die BGR GT,L=1-
Kurve im wesentlichen mit der Stdrkeverteilung der 2hw, J" = 1%,2%,3%-Resonanz
iberein (Ref. 104),
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Die kontinuierlichen Spektren in Abb. 36 wurden erhalten, indem die Streuquer-
schnitte zu den diskreten RPA (RPA+A)-Zustanden mit einer Verteilungsfunktion
von Breit-Wigner-Form gefaltet wurden.
J" r2/4 J

21 do
(e)"FF de

(8) (5.4)
(EmEi)2+F§/4
In G1. (5.4) bezeichnen die E; die Anregungsenergien und die L, die Zerfalls-
‘breiten der diskreten RPA (RPA+A)-Zustdnde. Die Faltung simuliert effektiv die
Verbreiterung der diskreten 1T1L-Starke aufgrund ihrer Ankopplung ans Kontinu-
um ("escape width" P+) und an kompliziertere Mehrteilchen-Mehrloch-Zustande
("spreading width" F+). Die Gesamtbreite I' ist die Summe von beiden: r=rtir?,
In schweren Kernen wird die Zerfallsbreite hauptsdachlich durch r erzeugt,

97,181-187) ipe-

Diese kann mikroskopisch nur 1im Rahmen von 2T2L-Rechnungen
rungsweise bestimmt werden. Wir nehmen in unseren Rechnungen die Zerfallsbrei-

ten so weit wie moglich vom Experiment. Fiir die verschiedenen Energiebereiche

wurden folgende Breiten gewdhlt: T 1 MeV fir 0<EX<EIAR, r = 6 MeV fir

E sEX<15‘MeV und I' = 10 MeV fiir alle Zustdnde mit E, > 15 MeV. Um eine ver-

IAR
niinftige Beschreibung der experimentellen Resonanzform der GT-Zustdande zu er-
‘ha1tén,;muBten die Breiten asymmetrisch angenommen werden. So wurde die GT-Re-
sonanibreite aufgeteilt in T = F2+Fr (¢ = links, r = rechts) mit F2 = 2 MeV
und Fr = 4 MeV und anschliefBend in einer asymmetrischen Breit-Wigner Form be-
nutzt. Eine ahnliche Asymmetrie wurde fiir die Zustande mit E, > 15 MeV beno-

tigt, wo die Partialbreiten Pz = 2 MeV und I‘r = 8 MeV betrugen.

Bei: der Vertefﬁung der Starke missen wir beachten, daR die zu hoheren Anre-
gungsenergien verschobene Starke von einem anderen (p,n)-0Obergangsopera-
tor188’189) geprobt wird als die unverschobene., Dies ist auf die Q-Abhangig-

keit des hadronischen (bergangsoperators zurUckzufUhren188’l89)n Diesen Effekt
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haben wir in unseren Rechnungen dadurch beriicksichtigt, dap wir relative Dis-

tortionsfaktoren eingefiihrt haben, die definiert sind durch

D(Q,+0,0,) = (3> (Q,+4Q,0,9)}/(S (Q,.0,9)} (5.5)

Damit multiplizieren wir dann die Breit-Wigner-Verteilungsfunktionen. Die Dis-
tortionsfaktoren D hangen vom Spin J der Endzustande, von der Energieverschie-
bung AQ (QO: = Energie des betrachteten, diskreten Zustands) und vom Streuwin-
kel 6 ab. Fiir AQ=0 gilt D(Qo,e,d) = 1. Das Verhalten von D als Funktion von AQ
bei vorgegebenem Streuwinkel 6 kann direkt von der Form der Winkelverteilung
des betreffenden Zustandes abgelesen werden. Eine VergroBerung des Q-Wertes
um AQ ist namlich dquivalent mit einem Anwachsen des Impulsiibertrages Aq. Der
Impulsiibertrag kann jedoch .auch durch VergroBerung des Streuwinkels bei fest-
gehaltenem Q gedndert werden. Diese Abhangigkeit wird aber gerade durch die
Winkelverteilung angegeben. Fiir den kollektiven GT-Zustand bei 0° z.B. fdllt D
mit wachsendem AQ ab, weil die GT-Winkelverteilung eine L=0-Form besitzt. Fir
alle anderen Zustande mit Multipolaritaten L>0 hingegen wachst
D(QO+AQ,6=O°,J) mit AQ an, weil die Winkelverteilungen mit L>0 von 6=02 an-
steigen. Dies bedeutet, daf die Verschiebung von GT-Stdrke zu hcheren Anre-
gungsenergien den totalen GT-Streuquerschnitt bei 6=0° reduziert, wahrend die
Verschiebung von z.B. 07, 1~ und 2~ Starke den totalen 09-Streuquerschnitt zu

diesen Zustanden vergropert.

Von Abb. 36a sehen wir, daB das mit RPA berechnete 0°-Spektrum die Form des
experimentellen Spektrums ziemlich gut beschreibt. Es iiberschatzt die Daten
jedoch im Niederenergiebereich und unterschatzt sie bei hoheren Anregungsener-
gien. Um Theorie und Experiment im Niederenergiebereich in Obereinstimmung zu

bringen, missen wir ein "Quenching" (= Unterdriickung) einfiihren, welches den
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Betrag der GT-Starke im Q-Wertbereich -8 MeV>(Q>-22 MeV reduziert. Zwei ver-
schiedene "Quenching"-Mechanismen sind vorgeschlagen worden. Beim ersten Me-
chanismus wird angenommen, daf AN‘l-Zusténde mit den PN-1-GT-Zustinden koppeln
und einen Teil der GT-Starke in den A-Resonanzbereich schieben78"92). Der
zweite Mechanismus beruht auf der Annahme, daB hochliegende 2pZh-Zustande mit
den 1TlL-GT-Zustdnden mischen und daB dadurch GT-Stdrke vom Energiebereich
0>Q»-20 MeV in den Energiebereich -20 MeV>Q>-70 MeV transportiert wird93“97).
Im letzteren Fall wird die GT-Starke kontinuierlich iiber einen grofen Energie-
bereich verschmiert, so daB ein Teil von ihr dem experimentellen Nachweis ent-
geht. Welcher von den beiden "Quenching"-Mechanismen nun vornehmlich wirksam

wird, kann nur durch eine sorgfdltige Analyse der vb]]sténdigen (p,n)=-Spektren

entschieden werden. Dies wollen wir im folgenden zeigen.

Zunachst diskutieren wir den Fall, daB nur der 2T2L-Mechanismus fiir die Unter-
driickung der GT-Stdrke verantwortlich ist und einen Teil der Starke zu hoheren
Anregungsenergien hin verschiebt. Dieser Effekt ist schon zu einem groBen Teil
in unseren Rechnungen eingeschlossen, da wir die diskreten Streuquerschnitte
in eine asymmetrische Breit-Wigner-Form falten, die die asymmetrische Dampfung
der GT-Schwingung beschreibt. Die Verschiebung der Stdarke, die daraus resul-
tiert, ist jedoch minimal in dem Sinne, daB die Stdrke nur in einem verhalt-
nismdBig kleinen Energiebereich von ~ 20 MeV umverteilt wird, wahrend mikro-
skopische 2T2L-Rechnungen Verteilungsfunktionen mit einem langen, hochenerge-
tischen Schwanz voraussagen97’181). Es ist interessant festzustellen, bis zu
welcher Anregungsenergie hin sich die GT-Stdrke unter dieser Annahme "minima-
ler" Verbreiterung erstreckt. Dazu bestimmen wir zundchst den Untergrund be-
ziiglich der GT-Resonanz im gemessenen Spektrum. Die Streuquerschnittsfldche,

die nicht von den Untergrundrechnungen beschrieben wird, ist dann GT-Starke.
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In Abb, 36b zeigen wir den Untergrund fir das 0°-Spektrum. Die durchgezogene
Kurve stellt das RPA-Ergebnis dar und die gestrichelte Kurve das RPA+A-Ergeb-.
nis (Untergrund mit "Quenching"). Der Peak bei Q = -12 MeV ist die IAR. Der
ubrige Untergrund bis hinaus zu Q = -70 MeV wird hauptsachlich von der
1fw+3fw L=1- und der 2hw L=2 -Resonanz erzeugt. Deren Winkelverteilungen be-
sitzen zwar ihre Maxima bei groBeren Streuwinkeln, doch sie geben auch noch
einen wesentlichen Beitrag zum 09-Streuquerschnitt. Die Rechnungen zeigen ei-
nerseits, daR der Untergrund im GT-Bereich sehr klein ist, und andererseits,
daB sich auch GT-Stdrke jenseits des Hauptpeaks im Energiebereich
-20 MeV>(Q>-30 MeV befindet. Diese SchluBfolgerung ist ziemlich definitiv. Sie
wirde sich auch nicht andern, wenn wir andere Starke-Verteilungsfunktionen als
solche von Breit-Wigner-Form verwenden wiirden, denn der Untergrund mit seiner
flachen Form ist auf solche Anderungen ziemlich unempfindlich. Durch Vergleich
des berechneten Gesamtspektrums in Abb. 36a mit dem berechneten Untergrund in
Abb, 36b sieht man, daB sich die GT-Starke zu hoheren Anregungsenergien hin in
ganz natirlicher Weise ausbreitet, wie man es auch von der experimentellen Li-
nienform der GT-Resonanz erwarten wiirde. Insofern ist unser Ergebnis fiir die
GT-Stdarkeverteilung nicht iiberraschend und hatte eigentlich bei der experimen-
tellen Analyse der Daten bemerkt werden konnen. Offensichtlich hat man jedoch
die asymmetrische Resonanzform des GT-Zustandes nicht ernst genug genommen.
Mit unserer Annahme einer minimalen Ausbreitung der GT-Starke erstreckt sich
diese dann bis Q~ -35 MeV. Dieser Wert ist viel kleiner als der, der von

2T2L-Konfigurationsmischungsrechnungen vorausgesagt wird 97,181)

Das mit RPA berechnete Spektrum in Abb, 36a iiberschatzt die Daten im Energie-
bereich 0>Q>-40 MeV. Legt man diesen Bereich zugrunde, so bendtigt man ein
"Quenching" von 15 %, um Theorie und Experiment in {bereinstimmung zu bringen.

Leider konnen wir nicht direkt entscheiden, ob dieses "Quenching" auf den A-
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Mechanismus oder auf eine zusdtzliche Verbreiterung der GT- und auch der L=1-
und L=2-Stdrke zurickzufiihren ist. Eine noch starker asymmetrische Verteilung
wiirde noch mehr Starke zu hohen Anregungsenergien hin verschieben. Solch ein
Effekt ware tatsachlich hochst willkommen, denn die Theorie unterschatzt das

experimentelle 0° (p,n)-Spektrum bei hohen Q-Werten.

Wir konnen jedoch beweisen, daB der A-"Quenching"-Effekt nicht sehr groB sein
kann, d.h. daB dieser nicht die minimale Sﬁn-Summenrege1stérke um 30 % oder

50 % reduzieren kann, wie von verschiedenen Autoren87'90) gefordert wurde,
Dies kann von der RPA+A-Rechnung in Abb. 36a (gestrichelte Kurve) gesehen wer-
den. Hier wurden die AN'leeimischungen in den Wellenfunktionen so angepaft,
daf3 die totale GT-Stdrke ein "Quenching" von 30 % erfghrt. Dies kann durch ge-
eignete Anpassung des (Gg(‘))A -Parameters in der A-Loch-Restwechselwirkung, Gl.

N

(5.4), erreicht werden. Ein Wert von (Ggé) = 0.4 f¥/f fihrt zu einer

AN
30 %igen Reduktion der totalen GT-Starke in 9OZr. Bei Verwendung der zugehori-
gen RPA+A-Wellenfunktionen in den Streuquerschnittsrechnungen erhalten wir die
gestrichelte Kurve in Abb, 36a. Zur Erstellung des kontinuierlichen Spektrums
haben wir die gleicﬁen Breiten benutzt wie beim RPA-Resultat. Das mit RPA+A
berechnete Spektrum unterschatzt die Daten iiberall und besonders stark im GT-
Resonanzbereich. Legen wir den gesamten Energiebereich 0>Q>-70 MeV zugrunde,
so fehlen 37 mb. Wir weisen jedoch darauf hin, daR der Einschluf von Grundzu-

standskorrelationen in 99zr vom 2p2h-Typ, die in der RPA nicht beriicksichtigt

werden, dieses Ergebnis andern konnte.
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5.6.2.2 Das 4,59-Spektrum und die L=1-Resonanz

In Abb. 36c zeigen wir die Resultate fiir das 4.59-Spektrum. Bei. diesem Winkel
ist der GT-Streuquerschnitt noch grof und der.AL=1-Resonanz-Streuquerschnitt
ist maximal. Das Spektrum, berechnet mit RPA (durchgezogene Kurve), beschreibt
die Daten ziemlich gut, obwohl es im Q-Wertbereich (0>Q>-40 MeV) etwas zu groB
1st‘1m Vergleich mit den Daten und bei hoheren Q-Werten (-40>Q>-70 MeV) zu
klein. Das Spektrum, berechnet mit einem 30 %igen A-"Quenching"-Effekt (ge-
strichelte K;rve) unterschatzt andererseits die Daten iiberall und insbesondere
im Bereich der GT- und der L=1-Resonanz. Offensichtlich liegt hier eine &ahnli-
che Situation vor wie beim 0°-Spektrum. Eine Reduzierung der GT-Starke um 30 %
aufgrund des A-"Quenching"-Mechanismus ist einfach zu groR. Es ist interes-
sant, daf3 die RPA die Form und die GrbBe des Spektrums im L=1-Resonanzbereich
ziemlich gut beschreibt, wdhrend sie den GT-Resonanzbereich iiberschatzt. Eine
Erkldrung dafiir kann man in Abb. 36d finden, wo der Untergrund beziiglich der
GT-Resonanz (durchgezogene Kurve (RPA), gestrichelte Kurve (RPA+A)) und beziig-
lich beider Resonanzen, der GT- und der L=1-Resonanz (punktgestrichelte Kurve
(RPA), punktpunktgestrichelte Kurve (RPA+A)) gezeigt wird. Durch Subtraktion
der punktgestrichelten von der durchgezogenen Kurve erhdlt man die Starkever-
teilung der L=1-Resonanz. Betrachten wir nun den GT-Resonanzbereich

(Q ~ =15 MeV), so finden wir, dap ein wesentlicher Beitrag zum Untergrund un-
terhalb der GT-Resonanz von der L=1-Resonanz kommt, deren Starkeverteilung
sich bis zu diesen niedrigen Q-Werten erstreckt. Wir bemerken, da die Vertei-
lung der L=1-Starke nicht notwendigerweise &ghnlich gut durch die RPA bestimmt
wird wie die der GT-Starke, weil die L=1-Resonanz ein komplizierteres unge-
stortes TL-Spektrum besitzt. Kleine Anderungen in den Einteilchenenergien

konnten leicht zu einer besseren Beschreibung des 4,59 RPA-Spektrums fiihren.
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Abb. 37: Die Streuquerschnittsbeitrage der 1fiw+3hw, J" = 0°-, 17= und 2°-Zu-
stande zu den 4.5°-(a)- und 9.5°-Spektren (b). Diese Zustande bilden zusammen
die L=1-Resonanz. Die theoretischen Streuquerschnitte wurden mit RPA-Wellen-
funktionen berechnet. Die durchgezogene Kurve stellt die Summe der 07-, 17-
und 2°-Streuquerschnitte dar.

Die L=1-Resonanz ist eine (berlagerung von drei Resonanzen mit Spin-Paritaten
J" = 0°, 1= und 2=, In den Abb. 37a und 37b zeigen wir ihre getrennten Beitra-
ge zum Streuguerschnitt fiir die Streuwinkel von 4.5° bzw. 9.5°. Die 27-Zustin-
de besitzen die niedrigste Anregungsenergie, dann folgen die 1°-Zustande, und
die 07-Zustdnde haben die hochste Anregungsenergie. Die Summe dieser Streu-
querschnitte (durchgezogene Kurve) bildet die L=1-Resonanz, deren Maximum

bei Q = -24 MeV liegt und die eine Gesamtbreite von ~ 15 MeV besitzt.
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ec.m. L=1-Resonanz L=2-Resonanz
0~ 1- 2" 1t 2t 3t
(deg.) (mb/sr) (mb/sr)
0.0 15 5 32 27 4 11
12 5 (28) (23) (2) (10)
4.5 17 25 43 29 8 15
(14) (23) (30) (20) (5) (14)
9.5 11 20 31 32 6 26
(9) (16) (19) (17) ( 4) (21)
12.8 4 7 22 17 2 20
(3) ( 5) (19) (7) (1) (16)
18.7 2 3 11 3 1 7
(3) ( 3) (15) (2) (1) ( 5)

Tabelle 2: Energieintegrierte theoretische Streuquerschnitte fiir verschiedene
Klassen von Endzustdanden. In den Spalten 2-4 listen wir die individuellen
Streuquerschnitte der lw+3hw-L=1-Resonanz (J" = 0=, 1~ und 27) und in den
Spalten 5-7 geben wir die analogen Streuquerschnitte fiir die 2fw, L=2-Reso-
nanz (J" = 1* 2% 3%) an, Die gelisteten Zahlen wurden mit RPA-Wellenfunktionen
oder mit verallgemeinerten RPA+A-Wellenfunktionen (Zahlen in Klammern) berech-
net (Ref. 104).

In Tabelle 2, Spalte 2-4, geben wir die detaillierten Zahlen fiir die Streu-
querschnitte, die die individuellen J"-=Resonanzen zum gesamten L=1-Streuquer-
schnitt beitragen. Der 27 -Streuquerschnitt ist bei allen Streuwinkeln am grof-
ten, aber auch die 07- und 17-Streuquerschnitte geben einen wesentlichen Bei-

trag.

5.6.2,3 Das 9.5%-Spektrum und die L=2-Resonanz

In Abb. 38a zeigen wir die Resultate fiir das 9.5%9-Spektrum. Bei diesem Streu-
winkel ist der Beitrag der GT-Resonanz zum Spektrum vernachlassigbar klein und

die Form des Spektrums wird hauptsdchlich von der L=1- und der 2hw, L=2-Reso-
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Abb. 38: Das Gleiche wie in Abb. 36, aber nun fiir die Streuwinkel o = 9,50,

12.8% und 18,79, Die durchgezogenen und gestrichelten Kurven in den Abb. (b),

(d) und (f) stellen nun den berechneten Untergrund beziiglich der 1fw+3hw, L=1-

Resonanz (BGR L=1) dar, der entweder mit RPA (durchgezogene Linie) oder mit
RPA+A (gestrichelte Linie) berechnet wurde. Auch der berechnete Untergrund fiir

die Mw+3hw, L=1- und 2fw, L=2-Resonanz wird gezeigt (BGR L=1,L=2), Dieser

wurde mit RPA-Wellenfunktionen berechnet. Durch Subtraktion dieses Untergrun-

des vom BGR L=1-Streuquerschnitt erhdlt man die Starkeverteilung fiir die

2fw, J" = 1*-,2% 3*_Resonanz.
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Abb. 39: Die Streuquerschnittsbeitrage der 2fw, J" = 17-, 2*- und 3%-zZustinde
zu den 9.5%-(a) und 12.8%-Spektren (b). Diese Zustande formen zusammen die
L=2-Resonanz., Die theoretischen Streuquerschnitte wurden mit RPA-Wellenfunkti-
onen berechnet., Die durchgezogene Kurve stellt die Summe der 17, 2t~ und 3*-

Streuquerschnitte dar.

nanz bestimmt. Wiederum gibt das theoretische Spektrum, berechnet mit RPA, ei-
ne gute Beschreibung der experimentellen Daten, wdhrend das Spektrum, berech-

net mit RPA+A, einen zu kleinen absoluten Streuquerschnitt liefert.
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Die 2hw-Resonanz besteht aus einer Oberlagerung von drei Resonanzen mit Spin-
Paritat J" = l+, 2% und 3%, In Abb. 39 zeigen wir ihre getrennten Beitrdge zum
9.5% bzw. 12.8%-Spektrum. Man sieht, daB die 3"-Resonanz sehr breit ist und
ihr Maximum bei Q ~ -38 MeV besitzt. Dagegen hat die 1%¥-Resonanz eine kleinere

Breite mit dem Peak bei Q ~ =38 MeV,

In Tabelle 2, Spalten 5-7, geben wir die absoluten Streuquerschnitte an, die
die verschiedenen J"-Komponenten zur 2fiw-Resonanz bei den verschiedenen Streu-
winkeln beitragen. Die 1*-zustinde liefern einen groBen Beitrag von 27 mb zum
09-Spektrum. Dieser Streuquerschnitt sollte jedoch nicht mit der GT-Stdrke
vefwechse]t werden, die in die Summenregel, Gl. (5.3b), eingeht und die von
den Operatoren oT, angeregt wird. Der Erwartungswert von diesen Operatoren
mit 2hw-Konfigurationen verschwindet wegen der Orthogonalitat der Radialwel-
lenfunktionen. Die 2hw 1*-Stdrke wird hauptsachlich durch den Operator

X 3] ,T_ angeregt, welcher ein Teil des hadronischen (bergangsopera-
-

tors ist und der auch eine Radialabhangigkeit f(r) besitzt188). Deshalb ist
klar, daB dieser Streuquerschnittsbeitrag nicht in die Summenregel von GI.

eingeschlossen werden darf.

5.6.2.4 Die 12.8%- und 18.7%-Spektren

Besonders wichtig fiir unsere Diskussion sind die Resultate fiir die groBeren
Streuwinkel von 6 = 12.8% und & = 18.7°, welche in dem unteren Teil von Abb.
38 gezeigt werden. Bei diesen Streuwinkeln geben beide, die GT- und die L=1-
Resonanz, nur einen kleinen Beitrag zum totalen (p,n)-Spektrum. Die Form und
GroRe dieser Spektren wird deshalb hauptsachlich durch Zustande anderer Multi-

polaritdt bestimmt.
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In den Abb., 38c und 38e vergleichen wir die berechneten 12.8°- und 18.7°-Spek-
tren mit den Daten. Die durchgezogene Kurve bezeichnet wieder das RPA-Resultat
und die gestrichelte Kurve das fiir RPA+A., Wahrend das RPA-Ergebnis die Daten
im 12.8%-Spektrum etwas iiberschatzt, liefert es andererseits eine perfekte Be-
schreibung des 18.79%-Spektrums. Ein Grund fiir die Oberschitzung des 12.89-
Spektrums konnte darin liegen, dap die 37- und 47 -Zustande, welche 1in unseren
Rechnungen als ungestorte TL-Zustande, d.h. ohne RPA-Korrelationen, behandelt
werden, bei diesem Winkel ihren maximalen Streuquerschnitt besitzen. Der Ein-
schlu@ von RPA-Korrelationen wiirde deshalb zu einer Reduktion im Streuquer-
schnitt fiinren, Die Beitrage der 2hw, L=2-Resonanz sind bei diesem Streuwinkel
noch ziemlich groB, wie man von Abb. 38d sieht, wo der Untergrund beziiglich
der L=1-Resonanz (durchgezogene Kurve) und beziiglich der L=1- plus L=2-Reso-
nanzen (gestrichelte Kurve) dargestellt ist. Das gleiche wird in Abb. 38f fiir

das 18.79-Spektrum gezeigt.

5.6.2.5 Konvergenz der Streuquerschnittsrechnungen

Die gute Beschreibung der Daten bei kleinen und groBen Streuwinkeln durch un-
sere Modellrechnungen fiihrt uns zu folgendem wicht%gen SchluB: Bei 200 MeV
EinschuBenergie werden die gesamten (p,n)-Spektren bis hinauf zu Anregungs-
energien von E, = 70 MeV allein durch Einstufenprozesse erzeugt. Zweistufen-
prozesse mit expliziter Anregung von 272L-Zustanden sind noch ﬁnterdrUckt.
Dieser SchluB hatlwichtige Konsequenzen fiir die Spektren bei Vorwdrtswinkeln
(6 = 0%, 4,59 und 9.5°). Er impliziert, daB die experimentellen Streuquer-
schnitte bei groBen negativen Q-Werten in den Abb. 36 und 38, die nicht durch

unsere Rechnungen beschrieben werden, auch ein Resultat von Einstufenprozessen
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sein missen. Dies ist jedoch nur moglich, wenn es zusdatzlich 1TlL-Ubergangs-
starke im Q-Wertbereich -40 MeV>(Q>-70 MeV gibt, deren Winkelverteilung bei
Vorwartswinkeln grof ist. Dies bedeutet, daf die Winkelverteilungen eine L=0-,
L=1- oder L=2-Form haben missen. Die gesamte 1T1L-Starke dieser Art ist jedoch
schon in unseren Rechnungen eingeschlossen, erscheint aber bei niedrigeren An-
regungsenergien, wo sie zu einem zu grofen theoretischen Streuquerschnitt
fuhrt. Eine einfache und mit den Daten konsistente Losung dieses Problems kann
erhalten werden, wenn wir eine noch stdarkere Verschiebung von L=0-, L=1- und
L=2-Starke zu hcheren Anregungsenergien annehmen, als wir es bisher schon ge-
tan haben. Mit dieser Annahme wiirde die Uberschdatzung der Daten durch die The-
orie bei niedrigen Anregungsenergien und die Unterschdatzung bei hohen Anre-
gungsenergien verschwinden., Die Resultate fiir die grofen Streuwinkel wiirden
nicht gedndert, denn dort existiert nu} wenig Streuquerschnitt im Niederener-

giebereich, der verschoben werden konnte.

Die obigen SchluBfolgerungen konnten sich nur dandern, wenn eine spezielle
Klasse von 2Zweistufenprozessen existieren wiirde, die besonders groBe Streu-
querschnitte bei Vorwdartswinkeln produziert. Eine Bedingung défUr, dap ein
Zweistufen-Streuquerschnitt bei 00 grof ist, ist die, daR der Gesamtdrehim-
pulsiibertrag L im Streuprozef klein sein muf, vorzugsweise [=0. Im Falle von
Iweistufenprozessen besteht der Gesamtdrehimpulsiibertrag T aus der Summe der
Drehimpulse, die in jedem Schritt iibertragen werden: t=t1+f2. Da wir [=0 for-
dern, haben wir Il=-tz. Eine weitere Bedingung fiir einen starken Zweistufen-
prozep ist die, daB dieser aus zwei starken Ubergdngen zusammengesetzt sein
muB, die jeweils einen verniinftig grofen Formfaktor-besitzen. Die wichtigsten
Prozesse werden dann in unserem Fall die inelastische Anregung des Targets mit
nachfolgendem Ladungsaustausph sein bzw. die Vertauschung beider Prozesse.

Dies folgt aus der Tatsache, daf in jedem Schritt eine starke Projektil-Tar-
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getnukleonkopplung benotigt wird, um einen verniinftig grofen Formfaktor zu er-
zeugen. Die starken Komponenten der zentralen PTWW bei intermedidren Energien
sind aber die spin-isospinunabhdngigen Komponente Vj und die spin-isospinflip-

erzeugende Komponente V__ (s. Abb., 20).

Ein moglicher Zweistufenprozep, der alle diese Bedingungen erfiillt, ist die
inelastische Anregung der Monopolriesenresonanz mit anschlieBendem GT-Obergang
und umgekehrt. Die Monopolriesenresonanz (GMR) erscheint in 90zr bei einer An-
regungsenergie von Ey = 16 MeV 190). Der Q-Wert fiir den Zweistufenprozep
GMR+GTR betrdgt dann etwa Q = -(15+16)MeV = -31 MeV. Wahrend der beschriebene
ProzeB aus einer Kombination von 2fhw-Anregung plus Ohw-Ladungsaustauschanre-
gung besteht, kann man sich auch eine hw-inelastische Anregung vom L=1-Typ
(Anregung der Dipolriesenresonanz) vorstellen, die mit einer lhw-Ladungsaus-
tauschschwingung gekoppelt wird. Solch ein Zweistufenprozep wiirde zum 0°-
Streuquerschnitt bei rund Q = -40 MeV beitragen. Ganz allgemein wiirde man also
erwarten, daB Zweistufenbeitrdge zum Streuquerschnitt von Q-Werten Q = -30 MeV
an aufwarts wichtig werden konnten. Deshalb haben wir solche Prozesse berech-
net. Fiir diese Rechnungen'haben wir die erweiterte Version des Computerpro-
gramms FROST MARS benutzt (s. § 3.3), welche eine vollstandig antisymmetrische
Streuquerschnittsrechnung 2. Ordnung DWBA ermoglicht. Wir finden, da die
Iweistufenstreuquerschnitte fiir diese ausgewdhlten Obergdnge um drei Grofen-
ordnungen kleiner sind als die der Einstufenprozesse (etwa von der Gropenord-
nung 10-3 mb/sr bei 00). Obwohl die Dichte der 2T2L-Zustande bei hgheren Anre-
gungsenergien ziemlich groB wird, scheint es uns trotzdem ziemlich unwahr-
scheinlich zu sein, daB die explizite Anregung vonA2T2L-Zusténden einen groRen
Beitrag zum Streuquerschnitt liefern kann, weil die Zweistufenprozesse, von

denen wir den groBten Beitrag erwarten, schon so klein sind.
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5,6.2.6 Diskussion des A-="Quenching"-Mechanismus

Un eine einigermaBen sichere Aussage iiber die Bedeutung von AN'l—Beimischungen
fir die GT-Starkeverteilung machen zu konnen, miissen wir die Unsicherheiten,
die vom 2T2L-Konfigurationsmischungseffekt herriihren, minimieren., Dies gelingt
dadurch, daB wir nur energieintegrierte Streuquerschnitte vergleichen. In Ta-
belle 3 zeigen wir solche energieintegrierten Streuquerschnitte als Funktion
des Streuwinkels 6. Das Integrationsintervall erstreckt sich von Q=0 bis

Q = =70 MeV. Der Tabelle entnimmt man, daf die theoretischen Streuquerschnit-
te, berechnet mit RPA-Wellenfunktionen, die gemessenen Streuquerschnitte bei
allen Winkeln mit einer Genauigkeit von etwa 10 % reproduzieren, wahrend die
Streuquerschnitte, berechnet mit RPA+a, diese bei Vorwartswinkeln (8 = 00,
4.5% und 9.5%) um 20 % bis 25 % unterschatzen. Bei 6 = 18.79 sind die RPA-
und RPA+A-Streuquerschnitte im wesentlichen gleich und in (Obereinstimmung mit

dem Experiment.

) o o
C.M, exp cal
0>Q>-70 MeV 0>Q>-70 MeV
(deg.) (mb/sr) (mb/sr)
0.0 215 232 (178)
4.5 ‘ 212 211 (164)
9.5 203 192 (156)
12.8 150 164 (144)
18.7 102 102 (104)

Tabelle 3: Energieintegrierte experimentelle und theoretische Streuquerschnit-
te fir verschiedene Streuwinkel 6. Die theoretischen Werte wurden mit RPA-Wel-
lenfunktionen oder mit verallgemeinerten RPA+A-Wellenfunktionen (die Zahlen in
Klammern) berechnet. Alle Zahlen sind einer Ungenauigkeit von 10 % aufgrund
der Wahl der optischen Parameter unterworfen.
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Diese Ergebnisse konnten uns dazu verleiten, zu folgern, daB A's fiir die Ver-
teilung der GT-Stdrke keine Rolle spielen. Dieser Schluf ist jedoch gewagt,
denn wir haben bisher den folgenden wichtigen Effekt noch nicht beriicksich-
tigt. Bertsch und Hamamot097) haben gezeigt, daB dann, wenn Starke zu hohen
Anregungsenergien geschoben wird, gleichzeitig neue Starke bei niedrigen Ener-
gien kreiert wird., Dies ist darauf =zuriickzufiihren, daB eine starke Kopplung
zwischen 1T1L- und 2T2L-Zustdnden auch starke Grundzustandskorrelationen vom
2T2L-Tyb impliziert. Vom Standpunkt der Stgrungstheorie aus sind beide Prozes-
se von der gleichen Ordnung in der TL-Restwechselwirkung, Die Prdsenz von
starken Grundzustandskorrelationen gibt nun die Moglichkeit, neue SB_" und
SB+-Stérke zu erzeugen (s. Abb. 31), die beide gleich groB sein miissen, um die
Summenregel, Gl. (5.3), zu erfiillen. Wieviel neue Starke nun wirklich erzeugt
wird, hangt empfindlich von der Interferenz der Grundzustandskorrelationen mit
den Endzustandskorrelationen ab. Diese Interferenz ist kohdrent, was eine Ab-
schatzung der erzeugten Stdarke ziemlich schwierig macht, denn man muB die Pha-
sen in beiden Wellenfunktionen kennen. Vom experimentellen Standpunkt aus kann
diese Frage nur beantwortet werden, indem man (n,p)-Experimente am gleichen
Targetkern durchfiihrt, Diese messen die SB+-Stérke direkt und damit auch die
zusatzliche SB -Stdrke, die durch Grundzustandskorrelationen erzeugt wird. In
Ermangelung von (n,p)-Experimenten kann man auch eine gute Abschatzung iber
den von Grundzustandskorrelationen zu erwartenden Betrag von SB_(SB+)-Starke
erhalten, indem man die (p,n)-Reaktionen von spingesdttigten Kernen wie 169
oder 40ca studiert. Im Modell unabhdangiger Teilchen ("Independent Particle'-
Model1) haben diese Kerne keine GT-Starke. Bei Anwesenheit von Grundzustands-
korrelationen ist die SB -Stdrke von null verschieden, wészu einem vergrofer-

ten 0° (p,n)-Streuquerschnitt fiihren muR. In einer vorlidufigen Rechnung fiir

die 40Ca(p,n)=Reakt1‘on bei 200 MeV EinschuBenergie haben wir gefunden, dap
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moglicherweise 15 mb des 0°-Streuquerschnitts GT-Starke ist. Dieser Wert ist

in guter Obereinstimmung mit Resultaten, die in expliziten 2T2L-Rechnungen fiir

4OCa erhalten wurden187).

In Anbetracht dieser Probleme sehen wir uns veranlaft, aus unseren Analysen
der 90Zr(p,n)=Daten folgende SchluBfolgerungen beziiglich des A-"Quenching"-Me-
chanismus zu ziehen: Dieser wird zur Beschreibung der Daten nur benotigt,
falls ein grofer Betrag an SB+~Starke in 9070 existiert. Andernfalls sind die
gemessenen (p,n)-Streuquerschnitte in Obereinstimmung mit Stdrkevorhersagen,
Wie sie von der RPA gemacht werden. Die Stdarke muB jedoch uber einen relativ
grofRen Anregungsbereich verteilt werden. Um ein Gefiihl fiir diese Verteilung zu
bekommen, listen wir in Tabelle 4, Spalte 3, den Anteil des totalen GT-Streu-
querschnitts, der energetisch obefha]b des GT-Peaks liegt. Dieser Anteil be-

tragt etwa 20 bis 25 % vom totalen GT-Streuquerschnitt.

ec.m, oGT oGT
0>Q>-70 MeV -202Q>-70 MeV
(deg.) (mb/sr) (mb/sr)
0.0 113 (76) 25 (17)
4.5 45 (29) 9 ( 6)
9.5 5 ( 6) 1 (1)
12,8 1 ( 4) 0 (1)
18.7 1 (1) 0 (0)

Tabelle 4: Die mit RPA berechneten totalen Gamow-Teller-Streuquerschnitte fiir
verschiedene Streuwinkel 8. Die Werte in Klammern wurden mit RPA+A-Wellenfunk-
tionen berechnet. In Spalte 3 zeigen wir auch den Anteil des totalen GT-Streu-
querschnitts, der sich im Hochenergieteil des theoretischen Spektrums befin-
det. '
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5.,6.2.7 Starkeverteilungen von den experimentellen Spektren

Nachdem wir die gesamten Vorwartswinkelspektren analysiert und auch die Win-
kelabhangigkeit der verschiedenen Resonanzen studiert haben, konnen wir ganz
einfache Abschdatzungen fiir die Stdarkeverteilung der verschiedenen Multipole
allein durch Verwendung der experimentellen Daten machen. Im folgenden wollen
wir dies demonstrieren. Wir beginnen mit den Daten fir groBe Streuwinkel. Da
der Streuquerschnitt fiir die L=2-Resonanz bei & = 9,50 éein Maximum erreicht
und die GT- und L=1-Resonanz vernachladssigbar kleine Streuquerschnitte bei
18.79 besitzen, konnen wir die Verteilung der L=2-Starke abschatzen, indem wir
das experimente]Te 18,7°%-Spektrum vom 9.5°-Spektrum subtrahieren. Dieses Ver-
fahren 1ist besonders sicher fiir gropBe negative Q-Werte, Q < -40 MeV, da der
Streuquerschnitt bei diesen hohen Q-Werten und groBen Streuwinkeln durch L=3-
und L=4-0bergiange erzeugt wird, deren Winkelverteilungen noch von 9.5% nach
18.79 hin ansteigen., Mit dieser Subtraktionsmethode findet man, daR die L=2-
Stdrke sich mindestens bis Q = -50 MeV erstrecken sollte. In dhnlicher Weise
konnen wir den Hochenergieteil des 0°-Spektrums vom 4.5°-Spektrum subtrahie-
ren. Da der L=1-Streuquerschnitt von 0° nach 4.5 wichst, kdnnen wir bestim-
men, bis zu welchem Q-Wert wir mindestens L=1-Starke erwarten sollten. Wir
finden Q = -40 MeV fiir L=1. SchlieBlich subtrahieren wir das 12.8%-Spektrum
vom 0°-Spektrum. Bei 12.8° ist der GT-Streuquerschnitt nahezu null und der
L=1-Streuquerschnitt klein. Deshalb erhalten wir durch diese Subtraktion des
12.89- vom 0°-Spektrum eine untere Grenze fiir die Ausbreitung der GT-Starke.
Wir finden, daR die GT-Starke mindestens bis Q = -35 MeV verteilt sein sollte.
Wenn wir diese '"experimentellen" Werte fiir die Starkeverteilungen der ver-
schiedenen Ladungsaustauschmoden mit denen von der mikroskopischen Analyse der

(p,n)-Spektren vergleichen, finden wir, dap beide im wesentlichen iibereinstim-
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men. Dies gibt zusatzliches Vertrauen in unsere Schlupffolgerung, daB sich ein

groBer Teil der L=0-, L=1- und L=2-Stdrke im Hochenergieteil des 9OZr(p,n)—

Spektrums befindet.

5.6.2.8 Vergleich mit anderen Rechnungen

Kernstrukturrechnungen, die die Dampfung der diskreten RPA-Zustande aufgrund
ihrer Kopplung mit 2T2L-Konfigurationen bestimmen, sind fiir elektrische Rie-
senresonanzzustande durchgefiihrt worden (siehe Ref. 184 fiir einen (bersichts-
artikel). Neulich haben verschiedene Gruppen ahnliche Rechnungen fiir die GT-
Zustande gemacht181’185“187). Hier beziehen wir uns auf Rechnungen fiir 907
von Cha u.a.181). Diese Autoren finden, daB sich die GT-Stdrke 1in 907 bis zu
einer Anregungsenergie von 60 MeV erstreckt und daB der Hochenergieteil der
GT-Stdrkefunktion etwa 25 % der Gesamtstarke enthdlt. Ahnliche Resultate wur-

den auch von anderen Gruppen berichtet185“187). Alle diese Rechnungen stimmen

qualitativ mit unseren gegenwdartigen Ergebnissen iiberein.,

5.3 Analyse der 42Ca(p,n)425c-Reakt1'on

Eine ganz wichtige Rolle in der Diskussion der fehlenden GT-Stdrke fdallt der
42Ca(p,n)—Reaktion zu, und zwar aus folgenden Griinden: Zundchst existiert in
425¢c bei der niedrigen Anregungsenergie von Ey = 0.61 MeV ein starker GT-Zu-
stand, desen B(GT)-Wert vom B-Zerfal1175-177) her bekannt ist. Dieser Zustand
wird haufig von den Experimentalphysikern benutzt, um gemessene (p,n)-Daten

fir andere Targetkerne auf den f3-Zerfall zu normieren54’59‘61). Die Genauig-



- 131 -

keit dieser Normierung betragt jedoch nur ~ 10 %, da die Distortionsfaktoren
in Gl1. (5.1) nur mit dieser Genauigkeit berechnet werden konnen. Dementspre-
chend ist auch unser Eichverfghren fir die effektive PTWW nicht genauer (s. §
5.5). Analysieren wir jedoch die Daten im gleichen Targetkern, in dem wir das
Eichverfahren durchfiihren, so entfdllt diese Ungenauigkeit und unsere Rechnun-
gen werden noch beweiskrdftiger. Ein weiterer wichtiger Grund fiir die Bedeu-
tung der 42Ca(p,n)425c-Reakt1'on in der Diskussion der fehlenden GT-Stdrke ist,
dap3 im Gegensatz zum 48Ca(p,n)-0°-Spektrum, das zwei starke T=3-Zustdnde auf-
weist, das 42Ca(p,n)-Spéktrum nur einen starken GT-Zustand besitzt. Dieser ist

der oben diskutierte 1+, E, = 0,61-Zustand in 425c. Die Wellenfunktion dieses

X
Zustandes besitzt im wesentlichen einen [nf7/2vf7/2]1+ -Charakter. Der hoch-

1iegende 1*-zustand mit der [n -Konfiguration als dominante kompo-

fs/2"T172) +
nente in der Wellenfunktion scheint jedoch im Spektrum vollig zu fehlen, abge-
sehen von sehr kleinen GT=Bruchstiicken bei Q = -18 MeV., Dieses Fehlen des
hochliegenden GT-Zustandes wurde als ein starker Effekt von SU(4)-Symmetrie in
42¢4 interpretiert und im Zusammenhang damit als ein klares Anzeichen fiir ei-
nen starken A-Isobar-"Quenching"-Mechanismus in 42¢4 191)‘ Im fo]gendén werden

wir die Frage nach der hochliegenden GT-Stdrke in 42Ca(p,n)425c kldaren, indem

wir explizit zeigen, wo sie sich befindet.

Unsere Modellannahmen bei der Analyse der 42Ca(p,n)—Daten sind ahnlich wie
oben in § 5.3 dargestellt, nur dap wir hier einfachere Wellenfunktionen zur
Beschreibung des 42Sc-Anregungsspektrums benutzen. Wir erzeugen sie, indem wir
42ca wie einen Kern mit abgeschlossenen Schalen, d.h. wie 48Ca, behandeln, wo
wir aber der f7/2-Neutronenscha1e eine Besetzungszahl von 0.25 geben, um eine
Neutronenzahl von 22 zu machen. Dann fiihren wir fir diesen Kern eine RPA-Rech-
nung in einem Modellraum mit groRer Basis durch, die alle <6hw-Anregungen ein-

schliept.
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In den Strukturrechnungen vernachldassigen wir 272L- und kompliziertere Korre-
lationen im Grundzustand von %2(a sowie die attraktive Teilchen-Teilchen-Wech-
selwirkung (TTWW) zwischen den beiden Nukleonen auferhalb des 40ca-Cores. Des-
halb werden wir mit diesen Rechnungen Feinheiten des 42Sc-Anregungsspektrums
nicht beschreiben konnen. Dies gilt insbesondere fiir die Ofiw-Zustande, die
sensitiv von der TTww abhangen192’193). Andererseits sind die Feinheiten der
Starkeverteilung fiir unsere Absicht, die Gesamtstarke im Spektrum auszurech-
nen, nicht so wichtig, da wir die berechnete, diskrete Starke durch Faltung
mit einer Breit-Wigner-Form sowieso verteilen. Viel wichtiger dagegen ist, dap
wir die totale Summenregelstarke filr jeden Multipoliibergang ausschopfen, um
die berechneten und experimentellen energieintegrierten Streuquerschnitte ver-
gleichen zu konnen. Trotz Vernachldssigung der TTWW sollten unsere Rechnungen
die 1fw-, 2hw- und 3hw-Zustande ziemlich realistisch beschreiben, denn diese
werden nur sehr wenig von der TTWW beeinfluBt.
*catp,n *¥sc E=160 MeV

20 v —

18 e=00 4 9=50 4

d20/deE [mb/srMeV]
(@]
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0 10 20 30 0 10 20 380 40
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Abb. 40: Neutronspektren fiir die 42Ca(p,n)nReaktion bei verschiedenen Streu-
winkeln 6. Die 0°-Daten (diinne durchgezogene Kurve) wurden von Ref. 191 genom-
men. Die theoretischen Spektren wurden mit RPA-Wellenfunktionen berechnet, wo-
bei die optischen Parameter von Ref. 180 und die Love-Franey t-Matrixlé J fur
die effektive PTWW genommen wurden. Letztere wurden auf den B-Zerfall geeicht
(s. Ref. 105).
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In Abb, 40 zeigen wir die berechneten Spektren fiir die 4’Z(Ia(p,n)"’ZSc-Reak‘i’,ion
bei einer EinschuBenergie von 160 MeV. Die Spektren sind inkohdrente Summen
von Streuquerschnitten mit L=0 bis L=3 (J" = 0*,0,...,47). Die RPA-Rechnungen
sagen zwei starke GT-Zustdnde voraus. Der tiefliegende besitzt einen 0°-Streu-
querschnitt von 15 mb und der hochliegende einen 0°-Streuquerschnitt von 19
mb. In Wirklichkeit 1ist die Starke dieser Zustdnde fragmentiert aufgrund der
TTWW sowie aufgrund von 2T2L-Beimischungen. Um dies zu beriicksichtigen, haben
wir die GT-Stdrke umverteilt zu den experimentell beobachteten Positionen von
Q = -8, -11 und -17.8 MeV. AuBerdem mupBten wir etwa 30 % der hochliegenden
Starke zu den niedrigen Zustanden verschieben (20 % zum Q = -8 MeV und 10 %
zum Q = -11 MeV 1+-Zustand), um eine gute Beschreibung des experimentellen 0°-
Spektrums zu erhalten. Diese Umverteilung ist verstandlich, denn diese wiirde
von der attraktiven TTWW bewirkt, wenn sie in den Rechnungen eingeschlossen
ware. Die kontinuierlichen Spektren in Abb., 40 wurden dann durch Faltung der
diskreten Streuquerschnitte mit einer Breit-Wigner-Verteilung erhalten. ﬁie
Breiten wurden so weit wie moglich vom Experiment genommen. Fiir die Breite des
hochliegenden GT-Zustandes bei Q = -17.8 MeV haben wir 6 MeV angenommen, wel-
ches der experimentellen Breite der hochliegenden GT-Resonanz in 48ca ent-
spricht (s. Abb. 29). Fiir alle anderen Zustande wdhlten wir eine asymmetrische
Breite von 10 MeV. Die Faltung simuliert die Dampfung der diskreten RPA-Zu-

stande wegen ihrer Kopplung an 2T2L- und kompliziertere Kernzustdnde.

Im oberen linken Teil von Abb. 40 vergleichen wir das berechnete 0°-Spektrum
(dicke durchgezogene Linie) mit den Daten von Goodman u.a.191) (dinne durchge-
zogene Linie). Die (Ubereinstimmung zwischen Rechnung und Experiment ist sehr
gut. Die gestrichelten Kurven in Abb. 40 bezeichnen den Untergrund beziiglich
der GT-Zustdnde. Offensichtlich existiert kaum Untergrund unterhalb der GT-Re-

sonanz im 00-Spektrum. Dies kann man besser von Abb. 41 sehen, wo wir eine
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Abb. 41: Nullgradspektrum fir die 42Ca(p,n)425c~Reakt1'on. Die Daten (diinne
durchgezogene Kurve) wurden von Ref. 191 genommen. Das vollstandige theoreti-
sche Spektrum wurde berechnet wie im Text beschrieben. Die gestrichelte Kurve
zeigt den Untergrund beziiglich der GT-Zustdnde. Die gepunktete Kurve ist das
berechnete 0°-40ca(p,n)40sc-Spektrum (Ref. 105).

vergroBerte Version des 0°-Spektrums zeigen. Die Tatsache, daB der Niederener-
giebereich des 0°-Spektrums praktisch frei von Untergrund ist, ist an sich
keine Oberraschung, denn dieser Untergrund muB von Ofiw- und lfiw-Zustanden mit
Spin-Paritat J"H+ erzeugt werden. Von diesen Zustanden hat nur die IAR ihren
Peakstreuquerschnitt bei 0°. Alle anderen Ohw-Zustande mit J" = 2%,3% 4% etc.
tragen nur sehr wenig zum 0°0-Streuquerschnitt bei. Ahnlich ist es mit den
tiefliegenden 0°, 1~ und 2°-Zustdanden, deren Winkelverteilungen eine L=1-Form
besitzen und deshalb nur von einem verhaltnismaBig groBen Q-Wert an zum 0°-
Spektrum beitragen. Da im Q-Wertbereich 0>Q>-20 MeV praktisch kein Untergrund
vorhanden ist, ist klar, daB dieser Teil des Spektrums direkt die GT-Starke-
funktion reflektiert. Dies ist sehr wichtig, denn es besagt, daf unsere Ergeb-
nisse auch nicht geandert wiirden, wenn wir bessere Ohw-Wellenfunktionen benut-

zen wiirden, welche auch die Details der GT-Starkefunktion beschreiben,
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Unsere Analyse des 0°-Spektrums fordert nun, daB der "Peak" im Spektrum bei

Q = -18 MeV der hochliegende kollektive GT-Zustand ist. Die Breite von diesem
Zustand ist 6 MeV, die gleiche Breite wie die des kollektiven GT-Zustandes in
48ca, Seine Stirke schopft etwa 40 % der totalen GT-Summenregelstdrke aus. Die
relative Starke zwischen dem niedrigliegenden und dem hochliegenden GT-Peak
ist in 42ca gerade umgekehrt verteilt wie in 48Ca, wo der hochliegende GT-Peak
mehr Stdrke besitzt als der niedrigliegende. Dieses Verhalten ist auf die at-

traktive TTWW zurickzufiihren, die in 42¢4 wirkt, aber nicht in 48Ca.

ec.m. 96T Obgr . OGT+Obgr
(deg.) (mb/sr) (mb/sr) (mb/sr)
0.0 13 8 21
5,5 8 19 27
11.5 2 24 26
15.5 1 15 15

Tabelle 5:. Energieintegrierte theoretische Streuquerschnitte (-152Q>-25 MeV)
als Funktion des Streuwinkels 6, Spalte 2 zeigt den Streuquerschnitt fir den
hochliegenden GT-Zustand in 42Ca, Spalte 3 den zugehorigen Untergrundstreu-
querschnitt und Spalte 4 die Summe von beiden.

Man wird fragen, warum diese GT-Stdrke bei Q = -18 MeV bisher experimentell
noch nicht beobachtet wurde. Der Grund dafiir kann von Tabelle 5 gesehen wer-
den, wo wir fiir den fraglichen Energiebereich die energieintegrierten GT- und
Untergrundstreuquerschnitte angeben. Man sieht, daB der Untergrund im Energie-
bereich -15 MeV>Q>-25 MeV rasch mit dem Streuwinkel ansteigt und daB die Summe
aus GT- und Untergrundstreuquerschnitt die Form einer L=1- anstelle einer L=0-
Winkelverteilung hat. Letztere ist notwendig, um die GT-Stdrke identifizieren
zu konnen. Unsere Behauptung, daR ein gropBer Teil der GT-Starke bei Q = -18

MeV liegt, kann direkt durch Messung des transversalen Spintransferkoeffizien-
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ten Dyy in der 42Ca(_5,ﬁ)==Reakt1'on nachgewiesen werden. Solch ein Experiment

wurde neulich erfolgreich bei IUCF fiir andere Targetkerne_durchgerhrt194),

Man wird auch fragen, warum wir die berechneten Spektren bei hoheren Streuwin-
keln (8 = 59, 11.5° und 15.5°) nicht mit Daten vergleichen. Tatsachlich sind
Daten fiir diese Streuwinkel gemessen worden195), sie sind aber noch nicht pu-
bliziert. Wir haben die theoretischen Spektren mit diesen unpublizierten Daten

verglichen und finden, daB sie beide gut iibereinstimmen.

In Abb. 41 zeigen wir auch eine Rechnung fiir das 0°-Spektrum der 40Ca(p,n)403c=
Reaktion (gestrichelte Kurve). Dieses Spektrum wurde in der gleichen Weise be-
rechnet wie das fiir 42Ca(p,n), nur daB wir hier normale RPA-Wellenfunktionen
zur Beschreibung des 40Sc-Anregungsspektrums genommen haben. Wir benutzten au-
Berdem eine kleine Breite von 3 MeV bei der Faltung der Streuquerschnitte der
hochangeregten Zustande mit der Breit-Wigner-Verteilung, um zu demonstrieren,
dap unsere Ergebnisse ziemlich unabhdngig von der Wahl dieser Breite sind. Man
beachte, daf3 der 42Ca(p,n)425c-Untergrund nur ein wenig grofer ist als der
40Ca(p,n)-Streuquerschnitt. Dies ist auf die beiden zusatzlichen Neutronen in

42Ca zuriickzufiinren,

Durch Vergleich des berechneten Spektrums fiir 42Ca(p,n) mit den Daten erkennt
man, daf die Theorie die Daten im Q-Wertbereich um Q = -25 MeV unterschatzt.
Zusatzliche 1*-Stirke (und/oder L=1-Stdrke) von ~ 8 mb wird bendtigt, um die
Daten optimal zu beschreiben. Diese zusatzliche Stdarke muB von 2T2L-Grundzu-
standskorrelationen in 42ca erzeugt werden, welche nicht in unseren Rechnungen

eingeschlossen sind,

Zusammenfassend konnen wir fiir die 42Ca(p,n)-Reaktion sagen, dap der hochlie-

gende 1%-Zustand mit der [nf -Konfiguration in 425¢ bei einer Anre-

5/2“f7/z]l+
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gungsenergie von 10 MeV existiert und eine Breite von 6 MeV besitzt, welche
der Breite der GT-Riesenresonanz in 48¢a entspricht. Der groRte Anteil vom 0°-
Streuquerschnitt im Q-Wert-Bereich von 0>Q>-20 MeV ist 1*-starke, die in 42¢4
zu einer totalen GT-Suhmenrege]starke fiuhrt, die groBer ist als der minimale
Summenregelwert von 3(N-Z). Dies bedeutet, daB alle Starke, die im 42Ca(p,n)—

Spektrum als fehlend angenommen wurde, im Niederenergiespektrum vorhanden ist.

6. Zusammenfassung

Die vorliegende Arbeit beschaftigt sich mit zwei verschiedenen Aspekten von
direkten Kernreaktionen, namlich einerseits mit der mikroskopischen Berechnung
des imagindaren optischen Potentials fiir die elastische Nukleon-Kern-Streuung
sowie andererseits mit der mikroskopischen Analyse von magnetischen Riesenre-
sonanzzustanden in Atomkernen, die durch (p,n)-Ladungsaustauschreaktionen an-

geregt werden.

Im ersten Teil der Arbeit wird der Imagindrteil W(E,F,?') des optischen Poten-

tials fiir die elastische Proton- und Neutron-Kernstreuung im Rahmen der sog.
Kernstrukturnadherung zum optischen Potential mikroskopisch berechnet. Die
Rechnungen werden im Feshbach-Formalismus in zweiter Ordnung Storungstheorie
beziglich einer effektiven Projektil-Targetnukleon-Wechselwirkung durchge-
fihrt. Die Antisymmetrisierung zwischen dem Projektilnukleon und den Targetnu-
kleonen wird exakt behandelt. Eine optische Green-Funktion wird zur Beschrei-
bung der Propagation des Projektils in intermedidren Reaktionskandlen verwen-
det. Die intermedidr angeregten Kernzustande werden durch mikroskopische RPA-
Wellenfunktionen genahert. Letztere haben den Vorteil, daB sie die kollektiven

Kerneigenschaften ziemlich gut beschreiben. Alle energetisch offenen inela-
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stischen Kandle sowie alle Ladungsaustauschkandle werden in den Rechnungen be-
riicksichtigt. Damit wird die gesamte Einteilchen-Einloch-Starke, die in zwei-
ter Ordnung angeregt werden kann, ausgeschbpft. Fiir die Neutronstreuung sind
die intermedidren Ladungsaustauschzustande sehr wichtig und erzeugen bei 30

MeV EinschuBenergie etwa ein Drittel der Gesamtabsorption W.

Die berechneten imagindren Potentiale zeigen alle Oberfldchenabsorption. Diese
ist hauptsachlich auf die wichtigen intermedidren kollektiven Zustande zuriick-
zufiihren. Die Peakposition der Absorption ist sehr sensitiv auf Details der
verwendeten Kernstrukturwellenfunktionen. Insbesondere die Obergangsdichten zu
den kollektiven Zustanden miissen in Ubereinstimmung mit dem Experiment sein,
um die Form des imaginaren Potentials an der Kernoberfldche richtig zu be-
schreiben. Ohne Einschluf3 der Kernkollektivitat kann kein stark oberflachenab-
sorbierendes Potential erzeugt werden. AuBerdem ist die Absorption dann viel

zu schwach.,

Verschiedene Eigenschaften der mikroskopischen imagindren Potentiale werden
diskutiert., Dazu gehoren ihre Energie- und Isospinabhangigkeit, ihre Nichtlo-
kalitdat und die Coulomb-Korrektur, die zu einer unterschiedlichen Absorption

in der Proton- und Neutronstreuung fiihrt.

Die berechneten nichtlokalen Potentiale werden mit Hilfe der lokalen Niherung
von Perey und Saxon138) in “dquivalent" Tokale Potentiale iiberfiihrt. Es stellt
sich heraus, daB die lokale Ndherung nur beschrankt giiltig ist. Elastische
Streuguerschnitte, die mit den nichtlokalen und den "dquivalent" 1lokalen Po-
tentialen berechnet werden, zeigen in der Struktur ein &hnliches Verhalten,
unterscheiden sich jedoch bei Riickwartswinkeln merklich in der GroRe. Bei der
1oka1en Naherung geht offensichtlich zuviel Information verloren, die das mi-

kroskopische nichtlokale Potential noch enthdlt.
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In allen untersuchten Fallen sind die Volumenintegrale der mikroskopischen Po-
tentiale um einen Faktor 1.5 bis 2 kleiner als die der phanomenologischen Po-
tentiale. Diese Unterschatzung der Absorption kann drei verschiedene Ursachen
haben. Ein offensichtlicher Grund liegt darin, daB unelastische Kanadle allein
als intermedidre Doorways nicht ausreichen, um geniigend Absorption zu erzeu-
gen. Andere Reaktionskandle wie Transferkandale miissen moglicherweise einge-
schlossen werden, um die Absorption zu erhghen. Diese sind jedoch nichtortho-
gonal zu den unelastischen Kanalen und fiihren deshalb zu Doppelzdahlungsproble-

men.

Eine andere Ursache fiir die Unterschdatzung der Absorption konnte die Vernach-
ldssigung der Kopp]ung zwischen den angeregten Doorway-Zustanden sein., Dieser

Effekt ist in den beschriebenen Rechnungen nicht eingeschlossen.

Eine dritte, an sich einfache Moglichkeit, um den Unterschied zwischen den be-
rechneten und den phanomenologischen Volumenintegralen zu erklaren, ist die,
daB die Eikemeier-Hackenbroich t-Matrix, die fir die effektive Projektil-Tar-
getnukleon-Wechselwirkung benutzt wird, keine explizite Dichteabhdngigkeit be-
sitzt. Eine dichteabhdngige Wechselwirkung hat die Tendenz, die Absorption be-
sonders an der Kernoberflache zu vergrofern. Zusammenfassend kann man sagen,
daB eine Abweichung um einen Faktor 2 in den Volumenintegralen tatsdachlich
nicht besonders grof ist und daB ein Zusammenwirken aller drei Effekte, Ein-
schluB von anderen Reaktionskandlen, Kopplung zwischen Doorways und Berlick-
sichtigung der Dichteabhangigkeit in der Projektil-Targetnukleon-Wechselwir-
kung notwendig ist, um dieée Diskrepanz zwischen theoretischen und phanomeno-

logischen Potentialen zu beheben.

Im zweiten Teil dieser Arbeit wird im Rahmen von mikroskopischen Kernmodellen

eine vollstandige Analyse von verschiedenen A(p,n)B-Ladungsaustauschreaktionen
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bei hohen EinschuBenergien 160 MeV < E < 200 MeV durchgefiihrt. Die Kernanre-
gungsspektren werden entweder durch mikroskopische RPA-Wellenfunktionen oder
durch verallgemeinerte RPA+A-Wellenfunktionen, die A-Isobar-Freiheitsgrade ex-
plizit enthalten, beschrieben. Die Streuquerschnitte werden in der sog. "dis-
torted wave" Impulsapproximation berechnet. Die effektive Projektil-Targetnu-
kTeon-Wechselwirkung wird durch ein spezielles Eichverfahren auf den B-Zerfall
normiert, um eine vom Reaktionsmodell mdglichst unabhdngige Analyse der Spek-
tren zu garantieren., Es wird gezeigt, daB die gesamten Vorwartswinkel-(p,n)-
Spektren bis hinauf zu Anregungsenergien von 70 MeV allein aus korrelierten
Einteilchen-Einloch-Spin-Isospin-Obergangen resultieren. Die Spektren stellen
deshalb die Tlineare Spin-Isospin-Response des Targetkerns auf das probende
(p,n)-Feld dar. Sowohl die diskreten Zustdnde als auch.die kontinuierlichen
Teile der Spektreﬁ lassen sich allein auf Einteilchen-Einloch-Anregungen des
Targetkerns zuriickfiihren. Die Spektren sind untergrundfrei, wobei hier mit Un-
tergrund der Anteil des Streuquerschnitts bezeichnet wird, der durch kompli-

zierte Mehrstufenprozesse erzeugt wird.

Durch die mikroskopische Analyse lassen sich die Spektren in Zustande ver-
schiedener Multipolaritdt L bzw. Spin-Paritat J" zerlegen. In der 90Zr(p,n)-
Reaktion konnen drei kollektive Spin-Isospin-Resonanzen eindeutig identifi-
ziert werden. Dies sind die kollektive Gamow-Teller-Resonanz (GTR) mit den
Quantenzahlen L=0, S=1, T=1, J" = 1%, die Spin-Isospin-Dipolriesenresonanz mit
den Quantenzahlen L=1, S=1, T=1, d" = 07, 1~ und 2~, und die kollektive Spin-

1+

b

Isospin-Quadrupolriesenresonanz mit den Quantenzahlen L=2, S=1, T=1, J" =
2%, 3%, Die GTR besitzt in 907r eine Anregungsenergie von E, = 16 MeV und eine
Breite von ca. 6 MeV. Die L=1-Resonanz erscheint energetisch etwa 10 MeV ober-
halb der GTR und besitzt eine Breite von ungefahr 15 MeV. Sie setzt sich aus

drei kollektiven Zustdnden mit Spin-Paritat J" = 0~, 1~ und 2~ zusammen. Die
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L=2-Resonanz ist eine 2hw-Schwingung mit einer Anregungsenergie von ungefahr
35 MeV und einer Breite von ungefahr 15-20 MeV. Sie schliept Zustande mit
Spin=Paritat J" = 1%, 2% und 3% ein. Die letzten beiden Resonanzen wurden in

dieser Arbeit erstmals eindeutig lokalisiert.

Ein weiteres Ziel dieser Arbeit besteht in der quantitativen Bestimmung der
totalen Gamow-Teller-(bergangsstarke SB_, die in den (p,n)-Reaktionen beobach-
tet wird. Die Bestimmung dieser GroRe ist besonders wichtig, weil in den bis-
herigen Analysen der (p,n)-Spektren nur 50-60 % der totalen GT-Ubergangsstarke
gefunden wurden und fiir dieses Fehlen der Starke innere Nukleonfreiheitsgrade
wie die A(33)-Anregung verantwortlich gemacht wurden. In dieser Arbeit wird
nun gezeigt, daB ein groBer Teil der "fehlenden" GT-Stdarke tatsadchlich in dem
Teil der Spektren 1lokalisiert ist, den die Experimentalphysiker als "“Unter-
grund" klassifiziert haben. Beriicksichtigt man diesen Teil der GT-Starke, so
erhoht sich die beobachtete GT-Stérke auf einen Wert, der mit der minimalen
Ikeda-Summenregelstdrke von SB_ = 3(N-Z) vertrdaglich ist. Diese Aussage trifft
zumindest fir die in dieser Arbeit untersuchten Targetkerne 48ca, 907r und

42Ca zh. Da dieses Ergebnis von eminenter Bedeutung fiir die Rolle von A-Iso-
bar-Freiheitsgraden in Atomkernen ist, soll diese Aussage noch prdziser formu-
liert werden. Fir 9OZr gilt, daB die totale GT-Starke SB_ so grof3 sein darf
wie die minimale Ikeda-Summenregelstarke SB_ = 3(N-Z), ohne dap ein Wider-
spruch mit den 90Zr(p,n)-Daten auftritt. Ein "Quenching" von GT-Starke durch
den A-Isobar-Mechanismus ist nur erforderlich, wenn aufgrund von Zweiteilchen-
Zweiloch- oder Mehrteilchen-Mehrloch-Grundzustandskorrelationen, die nicht in
der RPA eingeschlossen sind, zﬁsétzliche GT-Starke (d.h. SB_-.EQQ_SB+-Stdrke)

erzeugt wird.
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Eine etwas modifizierte Aussage trifft fir die 4’ZCa(p,n)q’ZScn-Reak*tion zu, Hier
zeigen die Analysen der Daten, daB diese mit einer totalen GT-Summenregelstar-
ke von 3(N-Z) + 24 %, d.h. mit SB_ = 1.24 x 3(N-Z) vertrdglich sind. Dieser
Wert liegt um 24 % hoher als die minimale Summenregelstarke 3(N-Z). Deshalb
ist auch in %2Ca nur ein starker A-Isobar-"Quenching"-Mechanisimus notwendig,
wenn starke Grundzustandskorrelationen noch wesentlich mehr SB_—Starke als

SB_ = 1,24 x 3(N-Z) erzeugen.

Die in dieser Arbeit durchgefiihrten quantitativen Analysen der (p,n)-Spektren
zeigen, daB dem A-Isobar-Freiheitsgrad moglicherweise eine weit geringere Be-
deutung bei der Unterdriickung der GT-Stdrke zukommt als 1in der Vergangenheit
vielfach angenommen wurde. Eine quantitative Entscheidung iliber die GréBe die-
ses A-Isobar-Effekts kann letztlich aber nur durch (n,p)-Experimente gegeben
werden, die die SB+-Starke direkt messen. Unter gleichzeitiger Beriicksichti-
gung der (p,n)—Experimenté kann dann die Ikeda-Summenregel SB_'SB+ = 3(N-2)
direkt iiberpriift werden. Deshalb sind (n,p)-Experimente besonders wichtig fir
die Beantwortung der Frage nach der Bedeutung von A-Isobar-Freiheitsgraden fiir

das Niederenergieanregungsspektrum von Atomkernen.
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