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1. Einleitung 

Direkte Kernreaktionen, induziert von 1 eichten Hadronen wie Protonen, Neut ro­

nen oder a-Teilchen, haben in den letzten Jahrzehnten eine Vielfalt von Infor­

mationen über die Struktur der Atomkerne geliefert 1- 3). Unter einer direkten 

Kernreaktion versteht man einen Streuprozeß, bei dem nur einfache Freiheits­

grade des Atomkerns angeregt werden. Einfach heißt, daß sieh der Endzustand 

des Targetkerns nur minimal von seinem Anfangszustand unterscheidet, etwa 

durch eine einfache Einteilchen-Einloch-(1T1L)-Anregung oder durch eine kol­

lektive Dichteschwingung, die mikroskopisch als eine kohärente Oberlagerung 

von 1 TlL-Anregungen verstanden werden kann. Aber auch andere Freiheitsgrade 

wie etwa die kollektive Rotationsbewegung von deformierten Kernen4) oder die 

Paarrotationen in suprafluiden Kernen 4) gehören zu den einfachen Kernanregun­

gen. 

Der direkte Streuprozeß ist dadurch charakterisiert, daß das Streusystem nur 

in wenigen Reaktionsschritten vom Anfangszustand in den Endzustand gelangt. 

Eine 11 ideale 11 direkte Kernreaktion läuft dabei nach einem einfachen Einstufen-

prozeß ab, aber auch mehrere Stufen sind zugelassen. Entscheidend dafür, ob 

eine Reaktion direkt ist oder nicht, ist die Reaktionszeit. Diese muß für di­

rekte Reaktionen möglichst kurz sein, etwa von der Größenordnung der Umlauf­

zeit eines Nukleons im Kern (~10-22 sec). Von gleicher Größenordnung sollte 

die Flugzeit des Projektils durch den Targetkern sein, denn nur in diesem Fall 

ist die Wahrscheinlichkeit groß, daß Projektil und Target effektiv nur einmal 

miteinander wechselwirken. Eine Vorbedingung für einen direkten Reaktionspro­

zeß ist deshalb eine genügend hohe Einschußenergie (etwa E :> 15 MeV für nukle­

oneninduzierte Reaktionen). Der schnelle Reaktionsablauf bewirkt, daß sich der 

Streuquerschnitt nur schwach mit der Einschußenergie ändert. Dieses Verhalten 
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ist ein ganz charakteristisches Kennzeichen von direkten Kernreaktionen, und 

man kann es sogar als Definition einer solchen ansehen~ Im Gegensatz dazu ste­

hen die Compoundkernreaktionen5,6), wo der Streuquerschnitt als Funktion der 
I 

Einschußenergie stark fluktuiert und viele scharfe Resonanzen von keV-Breite 

im Anregungsspektrum aufweist. Letztere signalisieren eine lange Reaktionszeit 

von etwa 10-16 bis 10-18 Sekunden. Diese Reaktionszeit ist um Größenordnungen 

länger als die für direkte Reaktionen. Projektil- und Targetnukleonen können 

während dieser Zeit sehr oft miteinander wechselwirken, und die kinetische 

Energie des Projektils kann gleichmäßig auf viele Freiheitsgrade des Streusy-

stems verteilt werden. Beide Kerne fusionieren und formen einen Compoundkern. 

Dieser lebt sehr lange und zerfällt schließlich durch Nukleonenemission bzw. 

durch y-Emission. Formation und Zerfall des Compoundkerns unterliegen stati-

stischen Gesetzen und sind völlig unabhängig voneinander. Bei direkten Reakti-

onen hingegen besteht eine starke Korrelation zwischen Eingangs- und Ausgangs-

kanal, und der Streuquerschnitt hangt stark vom überlapp der Wellenfunktionen 

des Anfangs- und des Endkerns ab. 

Zwischen den beiden 11extremen 11 Reaktionsmechanismen der direkten Reaktion, die 

nur wenige Reaktionsprozesse involviert, und der Compoundkernreaktion, die 

über sehr viele Stufen abläuft, gibt es alle möglichen Zwischenstufen. Reakti-

onen, die weder zu der einen noch zu der anderen Kategorie gehören, nennt man 

Pracompoundreaktionen. Für 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 beschäftigen. 

Von theoretischer Seite her hat man nun in den letzten Jahren versucht, direk-

te Kernreaktionen auf möglichst mikroskopischer Basis zu verstehen. Dies gilt 

sowohl für den Reaktionsmechanismus als auch für die Kernstrukturinformation, 
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die eine direkte Kernreaktion enthält. Beide Aspekte einer Kernreaktion sind 

eng miteinander verkoppelt. Soll eine Kernreaktion zum Studium von Kernstruk­

tureigenschaften benutzt werden, muß der Reaktionsmechanismus bekannt sein. 

Dieser sollte möglichst einfach sein, damit die Kernstrukturinformation, die 

vom gemessenen Streuquerschnitt extrahiert werden soll, vom benutzten Reakti­

onsmodell möglichst unabhängig ist. Umgekehrt kann man einen Reakt i onsmecha­

nismus nur dadurch festlegen, daß man die Anregung von Zustanden mit bekannter 

Kernstruktur studiert. Diese kann zum Beispiel aus Elektronstreuexperimenten 

oder anderen nichthadronischen Reaktionen wie y-Absorption oder ß-Zerfall usw. 

bekannt sein. Die Anregung dieser Kernzustände mit der hadronischen Probe er­

möglicht dann durch Analyse der gemessenen Streuquerschnitte die Bestimmung 

des Reaktionsmechanismus sowie das Studium der effektiven Wechselwirkung, die 

während des Stoßprozesses zwischen dem Projektil und den Targetnukleonen 

wirkt. Letztere kann durch dies es Verfahren sozusagen geeicht werden und darf 

dann anschließend bei der Analyse von anderen Streudaten als bekannt vorausge­

setzt werden. 

Die Darlegung dies es Zusammenspiels zwi sehen 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 beschränken, aber auch Hinweise auf Verfahrens­

weisen bei Reaktionen mit zusammengesetzten Projekt i 1 en 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 führen Kernstruk­

turstudien durch. In bei den Fällen werden die Untersuchungen immer auf mög-

1 i chst mikroskopischer Basis durchgeführt. Insofern besteht ein Ziel dies er 
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Arbeit darin, zu zeigen, inwieweit direkte Kernreaktionen heute mikroskopisch 

verstanden werden können und inwieweit wir dadurch neue Einsichten in die in-

nere Dynamik der Atomkerne erhalten. 

Gernaß den obigen Zielsetzungen zerfallt 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 

Streuprozeß auswirken. Umgekehrt zeigen wir im zweiten Teil dieser Arbeit, wie 

man mit Hilfe von hochenergetischen Protonen (E>lOO MeV) quantitative Infor­

mationen über die Struktur der Atomkerne erhalten kann. Letzteres demonst ri e­

ren wir am Beispiel der (p,n)-Ladungsaustauschreaktion, die sich in den letz­

ten Jahren als hervorragendes Hilfsmittel bei der Untersuchung von magnet i­

sehen Kerneigenschaften erwiesen hat. 

Die elastische Streuung eines Nukleons von einem Targetkern der Massenzahl A 

stellt ein (A+l)-Körperproblem dar. Dieses (A+l)-Körperproblem wird üblicher­

weise durch ein Einkörperproblem mit komplexem Potential, dem sog._ optischen 

Potential, ersetzt. Feshbach 13 ) und Bell und Squires14) haben gezeigt, daß 

diese Transformation des (A+l)-Körperproblems auf ein Einkörperproblem im 

Green-Funktionsformalismus15) exakt durchgeführt 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 hängt von der Einschußenergie E ab. Außerdem schließt der 

Massenoperator alle Antisymmetrisierungseffekte zwischen dem Projektilnukleon 

und den Targetnukleonen ein. 

Wegen der komplizierten Struktur des optischen Potentials kann dieses immer 

nur näherungsweise berechnet werden. Je nach Art der Näherung 1 assen sieh die 

bisher durchgeführten Rechnungen in zwei Kategorien einteilen: die Kernmate-
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ri enaherung (nucl ear matter approach 16- 21 )) und die Kernstrukturnäherung (nu­

cl ear structure approach 22- 37)). In der Kernmateri enäherüng wird der endliehe 

Targetkern A durch Kernmaterie (Massenzahl A+m) ersetzt. Jeukenne, Lejeune und 

Mahaux 16 ' 17) berechnen das opt i sehe Potent i a 1 zunächst in Kernmaterie im Rah­

men der Brueckner-Hartree-Fock-Näherung. Anschließend führen sie am Brueckner­

Hartree-Fock-Potential eine lokale Dichtenäherung (local density approxima­

tion17,38,39) durch und erhalten so das optische Potential für den endlichen 

Kern. ßrieva ·und Rook18) hingegen berechnen zuerst die Nukleon-Nukleon-t-Ma­

trix in Kernmaterie und nehmen anschließend an der t-Matrix eine lokale Dich­

tenäherung vor. Durch Faltung der t-Matrix mit der Grundzustandsdichtevertei­

lung des Targetkerns erhalten sie dann das optische Potential für den endli­

chen Kern. 

Die lokale Dichtenäherung 38 ,39) basiert auf der Annahme, daß sich die Nukleon­

Kernstreuung lokal, d.h. am Ort r mit der Dichte p(r) genauso verhält wie die 

Streuung eines Nuk 1 eons in Kernmaterie mit gl eieher Dichte. Diese Naherung 

vernachlassigt Effekte, die proportional zum D.ichtegradienten 'Vp sind. Der 

Dichtegradient ist aber besonders groß an der Kernoberfläche, wo sich direkte 

Reaktionen hauptsachlich abspielen. Deshalb ist die lokale Dichtenäherung in 

diesem Fall nicht unbedingt gut und stellt sozusagen eine Schwachstelle in der 

Kernmaterienaherung zum optischen Potential dar •. 

Ein Vorteil der Kernmaterienäherung liegt darin, daß man in dieser Näherung 

zum optischen Potential von einer realistischen Nukleon-Nukleon-Wechselwirkung 

wie den phänomenal ogi sehen Hamada-Johnston-40) oder Rei d-Potent i a 1 en41) bzw. 

den mesonentheoretischen Paris_42) oder ßonn43)_Potentialen ausgeht und eine 

mehr oder weniger parameterfreie Rechnung für das optische Potential in Kern­

materie durchführt. Einerseits hat sich gezeigt, daß diese Näherung tatsäch-
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1 i eh genau genug ist, um ganz allgemeine Eigenschaften des opt i sehen Potent i­

als wie z.B. die Energieabhangigkeit seines Realteils quantitativ zu erkla­

ren17 •20 •21 ). Andererseits enthalt diese Näherung jedoch, abgesehen von der 

Reduktion der Dichte an der Kernoberflache, keine spezifischen Effekte, die 

auf die endliche Größe des Targetkerns zurückgehen, wie z.B. seine Kollektivi­

tat, Schalenstruktur usw. 

Eine andere Naherung zur Berechnung des optischen Potentials, die wir in die­

ser Arbeit verfolgen, ist die sog. Kernstrukturnaherung22-37). Bei dieser Na­

herung nimmt man an, daß die effektive PTWW im Prinzip bekannt ist, d.h. durch 

die Bruecknersche G-Matrix44) approximiert werden kann, aber bei der die un­

elastischen Anregungen des endlichen Targetkerns explizit berücksichtigt wer­

den. In gewissem Sinne ist diese Naherung kompl ementar zu der Kernmateri enähe­

rung, obwohl man noch nicht weiß, inwieweit sie ineinander übergreifen. Wah­

rend die Kernmaterienaherung inelastische Anregungen des endlichen Kerns nur 

im Mittel berücksichtigt, behandelt die Kernstrukturnäherung diese Anregungen 

explizit und schließt deshalb die spezifischen Eigenschaften des Targetkerns 

wie seine Schalenstruktur, seine Kollektivitat etc. im Detail ein. Die korrek­

te Behandlung der energetisch offenen Reaktionskanale sollte jedoch besonders 

wichtig für die Berechnung des Imaginarteils des optischen Potentials bei nie­

drigen Einschußenergien (E" 50 MeV) sein, weil hier die Absorption ziemlich 

stark von der Anzahl und der Natur der energetisch offenen Reaktionskanale ab­

hangt. Faessler u.a.45-48) haben die Kernmaterienaherung auf Schwerionenpoten­

tiale angewendet. Sie finden, daß die Kernmaterienaherung viel zu wenig Ab­

sorption liefert45-47). Sie können die Absorption betrachtlieh erhöhen, wenn 

sie kollektive Effekte nach Art der Kernstrukturnaherung einschließen48). 
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In dieser Arbeit werden wir den Imaginärteil des optischen Potentials für Pro­

ton- und Neutronstreuung von 4°ca, 48ca und 208 Pb berechnen. Dabei beschreiben 

wir die intermediär angeregten Targetzustände durch Random Phase Approximation 

(RPA)-Wellenfunktionen. Die Antisymmetrisierung zwischen dem Projektilnukleon 

und den Targetnukleonen wird exakt behandelt. Wir zeigen, daß der Einschluß 

von kollektiven Kerneigenschaften wesent 1 i eh ist, um eine vernünftige Be­

schreibung des Imaginärteils des optischen Potentials zu erhalten. Außerdem 

studieren wir verschiedene Eigenschaften des imaginären opt i sehen Potent i a 1 s 

wie seine Energie- und Isospinabhängigkeit, seine Nichtlokalität sowie Cou­

lombeffekte, die zu einer unterschiedlichen Absorption in der Proton- und Neu­

tronstreuungbei gleicher Einschußenergie führen 33 ). 

Der zweite Tei 1 dies er Arbeit ist den A(p ,n )B Ladungsaustauschreaktionen ge­

widmet. In den letzten Jahren sind mit Hilfe dieser Reaktion49-61) 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 90 zr(p ,n )90 Nb-Reakt i on bei einer Einschußenergie 

von 160 MeV entdeckt49-51). Die GTR ist eine kollektive Kernschwingung, in der 

die Neutronen in kohärenter Weise ihre Spins und Isospins umklappen, ohne ihre 

räumliche Position zu ändern. Theoretisch wurde die Existenz dieser GTR be­

reits im Jahre 1963 von K. Ikeda u.aJ6) vorausgesagt. Jedoch die hohen Ein­

schußenergien an der Indiana University Cyclotron Facility (IUCF) machten erst 

im Jahre 1980 eine eindeutige Identifikation der GTR möglich50,51), obwohl 

schon 11 Teile 11 von ihr vorher bei niedrigen Einschußenergien (45 MeV) gesehen 

worden waren49). 
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Die mikroskopische Struktur der GTR ist ähnlich der der wohlbekannten isobaren 

Analogresonanz (IAR,Jn=o+,L=O,S=O,T=1). Beide können im Rahmen der RPA als ko­

harente Oberlagerung von Protontei lchen-Neutronloch-(PN-1)-Zustanden verstan­

den werden, die im Falle der IAR zum Gesamtspin Jn=O+ und im Falle der GTR zu 

Jn=1+ koppeln. Die Entdeckung der GTR ist aus verschiedenen Gründen von großer 

Bedeutung. Zum einen erhält man durch Reproduktion ihrer Anregungsenergie im 

mikroskopischen Teilchen-Loch-(TL)-Modell Aussagen über die Stärke der TL-

Restwechselwirkung im Spin-Isospin-Kanal. Ober diesen Teil der TL-Restwechsel-

wi rkung war bisher sehr wenig bekannt. Zum anderen existiert für die GTR eine 

fast modellunabhängige Summenregel 77 ), die den Betrag der zu erwartenden Ober­

gangsstärke festlegt. Nun findet man in den (p,n)-Experimenten jedoch nur etwa 

50-60 %der theoretisch erwarteten minimalen Summenregelstärke59-61). Um die-

ses sog. 11 Quenching 11 der totalen GT-Stärke zu erklären, sind bisher im wesent-

liehen zwei physikalisch verschiedene Modelle diskutiert worden. Im ersten Mo­

dell78-92) nimmt man an, daß ~(1232) Isobar-Nukleonloch (~N- 1 )-Zustände in die 

(PN-1)-GTR hineinkoppeln und einen Teil der GT-Stärke von dem Niederenergie­

spektrum (Anregungsenergie ~10 MeV) wegnehmen und in den ~-Anregungsbereich 

von ~300 MeV hinauftransportieren. Diesen Mechanismus kann man sich folgender-

maßen veranschaulichen. Bringt man ein Nukleon in ein Feld, das an den Spin-

Isospin~Freiheitsgrad der Quarks angreift (dieses Feld wird in der (p,n)-Reak-

tion durch virtuellen Pi-Meson- und Rho-Meson-Austausch und im ß-Zerfall durch 

die schwache Wechselwirkung erzeugt), so kann ein Quark seinen Spin und Iso-

spin umklappen. Dabei wird das Nukleon in ein ~(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, daß der energetisch niedrigliegende (E ~ 10 MeV) GT-Zustand einen 
X 

Tei 1 seiner Anregungsstärke verliert und stattdessen die Anregungsstärke der ~-
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Schwingung bei 300 MeV vergrößert wird. Man könnte meinen, daß aufgrund der 

hohen Anregungsenergie von ?OO MeV die Quark-Spin- Isospin-Schwingung von der 

normalen GT-Schwingung mit E ~ 10 MeV entkoppelt ist. Es ist jedoch zu beach­

ten, daß an der Quark-Spin-Isospin-Schwingung alle Nukleonen im Kern teilneh-

men können, wei 1 das tJ.- Tei 1 chen wegen seines Spins s = 3/2 keinem 11 Paul i 

blocking 11 unterworfen ist. Andererseits können an der normalen GT-Schwingung 

nur die Oberschußneutronen an der Kernoberfläche, d.h. die Neutronen mit Ener­

gien E~~E~E~ (E~: = Protonfermienergie, E~: = Neutronfermienergie) mitwirken. 

Folglich könnte allein die große Anzahl der an der t:J.-Anregung teilnehmenden 

Nukleonen den enormen Energieunterschied von 300 MeV überbrücken und die über-

gangsstärke der niedrigliegenden GTR reduzieren. 

Das zweite Model1 93 - 97), das zur Erklärung der Unterdrückung der GT-Starke 

herangezogen wurde, beruht auf der Annahme, daß energetisch hochliegende Zwei-

teilchen-Zweiloch (2T2L)-Zustände mit der niedrigliegenden 1TlL-GTR koppeln 

und einen Teil der GT -Stärke in den Energi eberei eh oberha 1 b der G T -Resonanz 

(20 MeV~E ~50 MeV) schieben. In diesem Modell resultiert das 11 Quenching 11 der 
X 

GT-Stärke aus einem an sich gewöhnlichen Konfigurationsmischungseffekt. 

Explizite Rechnungen zeigen nun, daß beide Modelle für sich allein das 

11 Quenchi ng 11 der GT -Stärke erk 1 ären können. Rechnungen mit tJ. -Freiheitsgraden 

reduzieren die GT-Stärke je nach Kopplungsstärke der (t:J.N- 1 )-Restwechselwirkung 

um 30-50% 82,87-89), während 2T2L-Rechnungen ebenfalls die GT-Stärke in dem 

Bereich um 50% reduzieren93-97), wo Schalenmodellrechnungen mit kleiner Basis 

sie voraussagen. Die Stärke erscheint in 1 etzteren Rechnungen im Energi ebe-

reich oberhalb der GT-Resonanz. Wir betonen, daß beide Ergebnisse sehr sensi­

tiv von der TL-Restwechselwirkung abhängen. Dies gilt sowohl für die (t:J.N- 1)­

Beimischungen als auch für die Kopplung der lTlL- an die 2T2L-Zustände. Es 
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existiert eine mikroskopische Rechnung 98 ) für die (liN- 1)-Restwechselwirkung, 

die neben der G-Matrix auch die induzierte TL-Restwechselwirkung, die einer 

Summation aller Ringgraphen im TL-Kanal entspricht, berücksichtigt. Diese mi­

kroskopische (liN-1) -Restwechselwirkung sagt einen Isobar-Quenching-Effekt von 

30 % voraus. Diese Rechnung wurde jedoch in Kernmaterie durchgeführt, so daß 

der Effekt in endlichen Kernen durchaus geringer sein könnte. 

Ähnliche Probleme bezüglich der Stärke der TL-Restwechselwirkung hat man in 

den 2T2L-Rechnungen für die Verteilung der GT-Stärke. Dies gilt vor allem für 

die Tensorkraft. Eine starke Tensorkraft kann energetisch sehr hochliegende 

(Ex ~ 100 MeV) 2T2L-Zustände noch effektiv mit den 1 Tll-GT -Zuständen koppeln 

und so GT -Stärke zu sehr hohen Anregungsenergien hin verschi eben 96 •97 ). Ande­

rerseits ist die effektive Stärke der Tensorkraft in einem 1Tll+2T2L-Modell-

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

Es wäre nun ideal, wenn man durch direkte Analyse der (p,n)-Daten entscheiden 

könnte, we 1 eher von bei den Mechanismen nun wirk 1 i eh für die Unterdrückung der 

GT -Stärke verantwort 1 i eh ist. Die bisherigen Analysen begünstigten 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 ei-

ne starke Resonanzstruktur auf, die als GT -Zustand i dent ifi ziert wurde. Die 

Resonanz sitzt jedoch auf einem breiten, kontinuierlichen Spektrum mit einem 

relativ großen Hochenergieanteil. Dieses breite Kontinuum, das tatsächlich ei-

nen größeren Teil des Spektrums einnimmt, macht es schwierig, zwischen dem GT-

Streuquerschnitt und dem kontinuierlichen Untergrund, der durch Anregung ande-

rer Zustände erzeugt wird, zu unterscheiden. In dies er Arbeit werden wir nun 

zeigen, daß die gesamten (p,n)-Spektren unter Vorwartswinkeln in mikroskopi­

schen Kernmodellen quantitativ berechenbar sind99-106). Deshalb können wir 
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auch quantitative Aussagen über den Verbleib der "fehlenden 11 GT-Stärke machen. 

Insgesamt werden wir zwei verschiedene Kernmodelle verwenden. Im ersten99-101) 

nehmen wir an, daß der Kern nur aus Nukleonen besteht, während im zweiten104) 

auch ll-Isobar-Teilchen explizit berücksichtigt werden. Es stellt sich heraus, 

daß unsere Schlußfolgerungen bezüglich des Verbleibs der 11fehlenden" GT-Stärke 

nahezu modellunabhängig sind. 

Wir möchten betonen, daß eine Analyse in dieser mikroskopischen und konsisten­

ten Weise hier zum ersten Mal für eine durch Nukleonen induzierte Kernreaktion 

durchgeführt wird. Unsere Ergebnisse haben weitreichende Konsequenzen für alle 

inelastischen Kernreaktionen, die bei Einschußenergien von 100 MeV.;;; E/Nukle­

on.;;; 500 MeV untersucht werden, denn wir beweisen, daß die Vorwärtswinkelspek­

tren dieser Reaktionen nur auf direkte Einstufenprozesse zurückgehen. Deshalb 

stellen diese Spektren die lineare lTlL-Response des Targetkerns auf das vom 

Projektil während des Streuvorgangs erzeugte äußere Feld dar. Bei diesen hohen 

Einschußenergien von E > 100 MeV/Nukleon existiert so etwas wie Untergrund, 

der bei niedriger Einschußenergie (EL.lOO MeV/Nukleon) dominant durch kompli­

zierte Mehrstufenprozesse erzeugt wirdl07-l09), nicht mehr, was die Interpre­

tation der gemessenen Streudaten stark vereinfacht. 

Im Kapitel 2 formulieren wir die allgemeine Streutheorie für direkte Kernreak­

tionen. Im Kapitel 3 stellen wir die mikroskopische Berechnung der imaginären 

optischen Potentiale mit den zugehörigen Ergebnissen dar. Die mikroskopische 

Beschreibung der unelast i sehen Nukleon-Kernstreuung und der Ladungsaustausch­

reaktionen wird im Kapitel 4 angegeben. Die Ergebnisse für die (p,n)-Ladungs-

austauschreaktionenund die Gamow-Teller-Riesenresonanzen werden im Kapitel 5 

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

(2.1) 

Dabei sind Ha und HA die inneren Hamiltonoperatoren des Projektilsystems a 

bzw. des Targetsystems A. TaA ist die relative kinetische Energie zwischen 

Projektil und Target und VaA ist deren Wechselwirkungsenergie. Wir nehmen an, 

daß VaA als Summe von Zwei-Nukleon-Wechselwirkungen zwischen Projektil- und 

Targetnukleonen geschrieben werden kann: 

= \ .L 
1e:a 
je:A 

V ( i ,j) (2.2) 

Das Streuproblem, das wir studieren müssen, ist gegeben durch die Schrödinger-

gleichung 

(2.3) 

Die Wellenfunktion 'l'(+)(E) ist die exakte, antisymmetrische (a+A)-Körperwel-

lenfunktion und ist den vom Streuexperiment geforderten Randbedingungen unter-

worfen: in ihrem asymptotischen Bereich muß sie im Eingangskanal die Form ei-

ner einlaufenden ebenen Welle und in den Ausgangskanälen die Form von auslau-

fenden Kugelwellen haben. Wir eichen unsere Energieskala so, daß Projektil und 

Target in ihren Grundzuständen die Gesamtenergie E~+E~ = 0 besitzen. Dann ist 
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die Energie E in Gl. (2.3) identisch mit der kinetischen Energie des asympto­

tisch einlaufenden Projektils. 

Das Streuproblem (2.3) kann wegen seiner Komplexitat im allgemeinen nicht im 

gesamten Hilbertraum gelöst werden. Vielmehr muß man einen geeigneten, dem 

Problem angepaßten Unterraum des Hilbertraumes wa:hlen und dann versuchen, das 

Streuproblem in diesem sog. Modellraum zu lösen. Haben wir einmal einen Mo­

dellraum gewahlt, so können wir, ausgehend von Gl. (2.3), für 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 elegantesten mit Hilfe des Projektionsformalismus 

von Feshbach13) durchgeführt werden. Dazu führen 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: 

p•p = p , Q•Q = Q 

P·Q = Q•P = 0 

P+Q = I , 

(2.4a) 

(2.4b) 

(2.4c) 

wobei I der Identitatsoperator ist. Mit Hilfe dieser Operatoren läßt sich nun 

die Schrödingergleichung (2.3) schreiben als 

(2.5) 

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

gekoppelte Gleichungen: 



(E-H )'!'(+) 
PP P 

(E-H )'!'(+) 
QQ Q 

= H '!'(+) 
PQ Q 

= H '!'(+) 
QP p 

Dabei haben wir die Abkürzungen 

HPP :: PHP HQQ :: QHQ 

HPQ :: PHQ HQP :: QHP 

sowie 

'I' ( +) = P'l' ( +) und'!'(+) - Q'l' ( +) 
p Q 
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verwandt. Lösen wir Gl. (2.6b) nach 'I'Ö+) auf 

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

(2.6a) 

(2.6b) 

(2.7a) 

(2.7b) 

(2.7c) 

( 2. 8) 

(2.9) 

Gl. (2.9) ist eine Schrödingergleichung für die Modellraumwellenfunktion '!'~+) 

mit dem effektiven Hamiltonoperator 

(2.10) 

Der erste Term in Gl. (2.10) ist die Projektion des exakten Hamiltonoperators 

aus Gl. (2.1) auf den Modellraum P und der zweite Term ist die Korrektur für 

die Elimination von '~'q· Der Operator HQP führt das System aus dem P-Raum in 
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den Q-Raum, dort propagiert das System vermöge des Operators (E-HQQ+iE:)- 1 und 

der Operator Hpq bringt das System vom Q-Raum zurück in den P-Raum. Insgesamt 

stellt der zweite Term in Gl. (2.10) eine komplizierte effektive Modellraurn­

wechselwirkung dar. Diese ist energieabhängig, nichtlokal und sogar komplex 

(nichthermitesch), wenn der Q-Raum energetisch offene Reaktionskanäle enthält. 

Der Imaginarteil der effektiven Wechselwirkung beschreibt dann den Verlust an 

Fluß von den Kanälen des P-Raums in die offenen Reaktionskanäle des Q-Raums 

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

Polstelle des Q-Raumpropagators: 

(2.11) 

Hier bezeichnet 9' den Cauchyschen Hauptwert und die 8 -Funktion bezügl i eh der 

Energie E beschreibt die Absorption in asymptotisch offene Kanale. 

Wir weisen darauf hin, daß man neben der hier dargestellten, allgemein bekann­

ten energieabhangigen ~eorie der effektiven Wechselwirkung auch eine .energie­

unabhängige Theorie formulieren kannll0-115). Die energieabhängige und die 

energieunabhängige ~eorie beschreiben die gleiche Physik, unterscheiden sich 

jedoch wesentlich in der formalen Struktur der effektiven Wechselwirkung, d.h. 

in ihrer Energieabhängigkeit und ihrer Nichtlokalitat. 

2.2 Die Gleichungen der gekoppelten Reaktionskanäle 

Zum Studium einer spezifischen Kernreaktion unter Verwendung von Gl. (2.9) 

müssen wir einen geeigneten, der Reaktion angepaßten Modellraum P wählen. Die 

Wahl des Modellraumes hangt wesentlich vom zu behandelnden Reaktionsproblem 
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ab, naml i eh ob nur el ast i sehe und unelast i sehe Streuung oder auch Transferre-

aktionenuntersucht werden sollen. Im letzteren Fall findet während der Reak-

tion ein Massetransfer zwischen Projektil und Target statt, so daß im Ein-

gang's- und Ausgangskanal asymptot i sch verschiedene Massenfragmentat i onen vor-

liegen. Dann muß man im allgemeinen mit einer nichtorthogonalen Basis im P­

Raum arbeiten116,117). Diesen etwas komplizierten Fall stellen wir zunachst 

zurück und behandeln zuerst nur die elastische und unelastische Streuung. Dazu 

entwickeln wir die totale Streuwellenfunktion '!'(+) des (a+A)-Systems nach den 

inneren Energieeigenfunktionen 'I' der getrennten Kerne: 
a 

'!'(+) = L X (R)'I' (2.12) 
a a 

a 

Hier beschreibt x (R) die Relativbewegung zwischen Projektil und Target und R 
a 

ist die Relativkoordinate. Die Energieeigenfunktionen 'I' sind Lösungen der 
a 

Schrödingergleichung 

( H +HA) 'I' = t:: 'I' a a a a 
(2.13) 

und lassen sich als Produktwellenfunktion 'I' ='I' 'I'A darstellen, wobei 'I' die 
a a a 

innere We 11 enfunkt i on des Projekt i 1 systems und 'I' A die des Targetsystems ist. 

Wir nehmen an, daß 'l'a und 'I'A für ·sich völlig antisymmetrisch sind, aber daß 

die Antisymmetrisierung zwischen Projektil- und Targetnukleonen explizit 

durchgeführt werden muß. Im Fa 11 e der Streuung zusammengesetzter Projektile 

ist die Behandlung der Antisymmetrisierung ziemlich involviert und wird des-

halb häufig vernachlässigt. Wir werden den Formalismus, den wir hier entwik-

keln, spaterauf elastische und unelastische Nukleonenstreuung anwenden und 

dann die Antisymmetrisierung exakt berücksichtigen. Trotzdem vernachlassigen 
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wir sie hier zunächst in der allgemeinen Formulierung, um die Gleichungen so 

einfach wie möglich zu halten. Später führen wir dann an geeigneter Stelle die 

Antisymmetrisierung explizit ein. 

Setzen wir nun die Entwicklung (2.12) für die totale Streulösung in die Schrö­

dingergleichung (2.3) ein, so erhalten wir durch linksseitige Multiplikation 

mit der inneren Wellenfunktion ~ und gleichzeitige Integration über die inne­
ß 

renKoordinatendes Kanals ß ein gekoppeltes Differentialgleichungssystem für 

die Relativwellenfunktionen xß: 

(~ I H-Eji)J X ) ß a a 
(2.14) 

Die runde Klammer deutet dabei die Integration über die inneren Koordinaten 

von ~ß an. Setzen wir nun den Hamiltonoperator aus Gl. (2.1) in Gl. (2.14) ein 

und machen wir außerdem von der Orthonormalität der inneren Wellenfunktionen 

(~ßi~J = 0 ... a ,ß 
(2.15) 

Gebrauch, so geht Gl. (2.14) in folgendes Differentialgleichungssystem über: 

(2.16) 

Dies sind die Gleichungen für die gekoppelten Kanäle116-l18) (Ce-Gleichungen 

vom englischen "coupled channel equations") und sie sind, da wir über den un-

endlichen Satz von Zuständen a summieren, noch völlig äqui va 1 ent zur exakten 

Schrödingergleichung (2.3). In praktischen Rechnungen können wir jedoch immer 

nur einige wenige, sagen wir n Kanäle, explizit behandeln. Deshalb greifen wir 

jetzt auf die Modellraum-Schrödingergleichung (2.9) zurück und definieren ei­

nen Projektionsoperator P durch 
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(2.17) 

wobei die Summe über n ausgewahlte Kanäle lauft. 

Unter Beachtung der Operatoridentität 

(2.18) 

können wir Gl. (2.9) in völliger Analogie zu Gl. (2.16) schreiben als 

(2.19) 
n 1 

1 ~ 1 [('slvaAI'a)+(!ß~vaA Q E-HQQ+iE Q vaAI'a)]xa(~) 1"ß" n 

a*ß 

Im Unterschied zu Gl. (2 .16) haben wir nun anstatt unendl i eh viel er n gekop­

pelte Gleichungen, aber dafür wesentlich kompliziertere Kopplungspotentiale. 

Der zweite und dritte Term auf der linken Seite von Gl. (2.19) definieren zu-

sammen ein optisches Potential für den Kanal ß: 

(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. Außerdem ist das Paten-

tial grundsätzlich energieabhängig und hängt natürlich 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 Gl. 

(2.20) meistens durch ein phänomenologisches lokales optisches Potential ap-
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proxirniert, während für das Kopplungspotential sowohl phänomenologische 118 ) 

als auch mikroskopischel19) 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 völlig ungeeignet, obwohl sie diese Prozesse implizit ent-

halten. Das Problem der Transferreaktionen liegt darin, daß im Eingangs- und 

Ausgangskana 1 verschiedene Massenfragmentat i onen a+A und b+B auftreten. Das 

bedeutet, daß die inneren Kanalwellenfunktionen ~a und ~ß des Eingangs-(a) und 

Ausgangskanals (ß) nicht mehr orthogonal sind. Sie sind Eigenlösungen zu ver­

schiedenen Hamiltonoperatoren Ha= Ha+HA und Hß = Hb+HB, die durch die Auf­

spaltung des Gesamthamiltonoperators in der Form 

H = H +T +V = H +T +V 
a a a ß ß ß 

(2.21) 

festgelegt sind (T :=TA' V :=VA und analog für Kanal ß). Um auch Trans-
a a a a 

ferreaktionen beschreiben zu können, andern wir nun die Entwicklung von~+ in 

Gl. (2.12) so ab, daß wir nicht nur über alle Zustände innerhalb einer Massen-

fragmentation, sondern auch über alle möglichen verschiedenen Massenfragmenta­

tionen summieren116): 

~(+) =I + x ( r )~ • a a a (2.22) 
a 

Diese Darstellung von~(+) entsp~icht einer Entwicklung nach einem übervoll-

ständigen, nichtorthogonalen Funktionensystem. Das Problem der übervollstan-

digkeit des Hilbertraumes spielt jedoch in der Praxis eine untergeordnete Rol-

1 e, wei 1 numerisehe Rechnungen ohnehin immer nur in einem sehr beschrankten 

Modellraum P durchgeführt werden können. Ein größeres Problem ist dagegen das 
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der Nichtorthogonalität von Wellenfunktionen verschiedener Reaktionskanä­

le117). Die Nichtorthogonalitätseffekte können oft ziemlich groß sein und müs­

sen deshalb explizit berechnet werdenl20-122), 

Setzen wir nun den Ansatz Gl. (2.22) für die totale Streulösung in Gl. (2.14) 

ein und verwenden wir gleichzeitig die Zerlegung des Hamiltonoperators Haus 

Gl. (2.21), so können wir analog zu Gl. (2.16) folgendes System gekoppelter 

Integrodifferentialgleichungen ableiten: 

{Tß+('f'ßl Vß,'f'ß)+eß-Eß}xß(rß) =- a~ß ('f'ßl Vß,'f'axa) - Jß (Tß+eß-E)('f'ß,'f'axa) 

(2.23) 

Die runde Klammer deutet dabei die Integration über die inneren Koordinate~ ~ß 

des Koordinatensystems (sß,tß) im Kanal ß an. Bringen wir den zweiten Term auf 

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

1\ + 
x (r ) durch 

a a 

(2.24) 

so können wir Gl. (2.23) transformieren in 

=- I ('f'ßl Vßl'f'a~a) + I ('f'ßl vß,'f'Y)('f'y,'f'axa) 
a*ß a,y 

a*y 
(2.25) 

Dies sind die Gleichungen für die gekoppelten Reaktionskanäle (coupled reac­

tion channel (CRC) equations) in ihrer allgemeinsten Form117,120). Der erste 

Term auf der rechten Seite beschreibt die Kopplung zwi sehen den Kanälen a und 

ß aufgrunddes Kopplungspotentials v
6

• Der zweite Term ist der sog. Nichtor-
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thogonalitatsterm. Er verschwindet, sobald die Wellenfunktionen lfl und lfl or-
a Y 

thogonal sind. Zur praktischen Verwendung von Gl. (2.25) müssen wir wieder ei-

nen r~odell raum P der Dimension n wahl en, der jetzt jedoch Zustande mit ver-

schiedenen Massenfragmentationen enthält, die deshalb nichtorthogonal sind. 

Dann können 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, daß wegen der Nichtorthogonalität von Reaktionskanälen noch zusatzlieh 

Nichtorthogonalitätsterme auftreten. 

Zur Berechnung des differentiellen Streuquerschnittes~~ für eine Reaktion 

a+A+b+B müssen wir das Gleichungssystem Gl. (2.19) bzw. Gl. (2.25) für die xß 

unter den eingangs genannten Randbedingungen lösen, d.h. die xß müssen im Ein­

gangskanal asymptotisch die Form einer einlaufenden ebenen Welle und in den 

Ausgangskanälen asymptotisch die Form von auslaufenden Kugelwellen haben: 

(2.26) 

-r 
Dabei spezifiziert a den Eingangskanal und ~='s = -j.ß- ist der Einheitsvektor in 

0 ß 
Richtung von rß. Die Größen kß und nß bezeichnen die Wellenzahl und den Cou-

lombparameter im Kanal ß. Die z-Achse des Koordinatensystems ist so gewahlt, 

daß ~a parallel zum einfallenden Strahl liegt. Die Obergangsamplitude 
0 

fß ( t'ß) ist proport i ona 1 zum T -Mat ri xe 1 ement ,ao 

: = - 2nt12 f (k "? ) 
~ a ' ß ß 0 

(2.27) 
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wobei ~ß die reduzierte Masse im Kanal ß ist. Tßa bestimmt den differentiellen 

Wirkungsquerschnitt 

(2.28) 

2.3 Die effektive Projektilnukleon-Targetnukleon-Wechselwirkung 

Während die formale Herleitung der Ce-Gleichungen, Gl. (2.19), für den Mo-

dellraum P ziemlich einfach ist, ist deren exakte Lösung genauso unmöglich wie 

die direkte Lösung der Vielteilchenschrödingergleichung, Gl. (2.3). Die Haupt­

schwierigkeiten liegen dabei in dem Operator der effektiven Wechselwirkung (s. 

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

(2.29) 

Da wir Veff nicht exakt berechnen können, stellt sich die Frage, wie wir Veff 

am besten nähern. Dazu entwickeln wir zunächst den Propagator in Gl. (2.29) 

gemäß 

(2.30) 

Q V Q V Q 
+E-H +ie aA E-H +ie aA E-H +ie + ••• 

0 0 0 

wobei der ungestörte Hamiltonoperator H0 definiert ist durch 

(2.31) 
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Setzen wir Gl. (2.30) in Gl. (2.29) ein, so ergibt sich 

veff = VaA + VaA 
Q 

VaA + VaA 
Q V Q VaA + E-H +iE: E-H +i ~:: aA E-H +i~:: 

0 0 0 
(2.32) 

= V aA + V Q 
aA E-H +iE: 

0 
veff 

Dies ist eine Lippmann-Schwinger-Gleichung für Veff• die Zwei-, Drei- und 

Mehrteilchenkorrelationen einschließt. Die Aufteilung des Hamiltonoperators H 

in einen ungestört.en Teil H
0 

= TaA + Ha + HA und eine Störung VaA =I v(i ,j) 

setzt voraus, daß wir das ungestörte Problem H
0

, das den Projektil(Ha)- und 

den Targethami ltonoperator (HA) enthält, 1 ösen können und daß wir außerdem 

wissen, wie wir mit dem Propagator Q(E-H +iE)-1Q umzugehen haben. Dieser Pro-
o 

pagator koppelt die innere Kerndynamik von Projektil und Target mit der Rela-

tivbewegung zwischen beiden. Wir nehmen die Aufteilung von H in H0+VaA vor in 

der Kenntnis, daß wir Gl. (2.32) spater auf Probleme anwenden werden, wo spe-

zifische Kernstruktureffekte auf Veff als klein angesehen werden können. Zum 

Beispie 1 können wir bei genügend hohen Einschußenergien die speziellen St ruk-

turei genschaften von Ha und HA durch mitt 1 ere Kerngrößen wie Grundzustands­

dichte, Einteilchen- und Zweiteilchenkorrelationsfunktionen ersetzen. 

Die komplizierte Vi e ltei 1 chen-L i ppmann-Schwi nger-Gl ei chung ( 2 .32) kann nun in 

eine Form gebracht werden123), die es uns erlaubt, zunachst über alle Streuun-

gen zu summieren, die ein fest vorgegebenes Projektilnukleon i an einem be-

stimmten Targetnukleon j durchführt. Der wesentliche Grund dafür, so zu ver-

fahren, liegt darin, daß 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 für kleine Relativabstände (den sog. 
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11 hard core 11
) simuliert werden. Die Aufsummation aller Streuungen des Projek-

. 
tilnukleons i vom Targetnukleon j entspricht dann der Bruecknerschen Reakti-

onsmatrix44), die diese stark repulsiven Anteile nicht mehr enthält. Die Reak­

tionsmatrix, auch t-Matrix genannt+, erhält man durch Lösung der Lippmann-

Schwinger-Gleichung: 

t .. 
1 J 

Q' = v .. + v .. E-H +ie: t .. 
lJ lJ 0 lJ 

(2.33) 

Man beachte, daß sich Nukleon i und j in Gl. (2.33) mit den übrigen (a-1) Pro­

jektil- und (A-1) Targetnukleonen in Wechselwirkung befinden. Diese Wechsel­

wirkung geht auf die Hamiltonoperatoren Ha und HA zurück, die in Gl. (2.33) im 

Propagator (E-H0 )-1 = (E-TaA-Ha-HA+ie:)- 1 auftauchen. Man beachte auch, daß wir 

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

hängt mit dem alten Projektionsoperator Q über 

Q = Q' + Qll (2.34) 

zusammen. Der Operator Q' projiziert also auf einen Unterraum von Q, d.h. Q 

selbst wird dadurch in zwei orthogonale Unterräume Q' und Q11 zerlegt. Hinter 

dieser Zerlegung verbirgt sich folgende Absicht124): Wählen wir für Q' energe-

tischsehr hochliegende, intermediäre Zustände- sagen wir Zustände, die eine 

höhere Energie besitzen als eine gewisse Energieschranke Es (z.B. Es = 100 

MeV) - und für Q11 die Zustände mit Energien E<Es, so können wir mit der Wech­

selwirkung t aus ·Gl. (2.33) die Kernzustände in Q11 störungstheoretisch behan-

+ Im Unterschied zur Reakt i onsmat ri x für gebundene Nuk 1 eonen, die ree 11 ist 
und G-Matrix genannt wird, nennt man die Reaktionsmatrix für ein Problem 
mit einem Teilchen im Kontinuum t-Matrix. Diese ist komplex, denn es sind 
energetisch offene Unelastische Reaktionskanäle vorhanden. 
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deln. Den Raum Q11 nennen wir Nahraum, der Kernzustände enthält, die wir im Mo­

dellraum P zwar nicht explizit berücksichtigen können, die aber noch kernspe­

zifisch sind. Der Fernraum Q' enthalt energetisch hochliegende Kernzustände, 

deren Eigenschaften nahezu unabhangig 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 vij kehren die Nukleonen schließlich in den Nahraum Q11 zurück. Die 

Aufsummation aller Nukleon-Nukleon-Streuungen dieser Art zwischen den Teilchen 

i und j ergibt die Streumatrix tij• die nun keinen 11 hard core 11 mehr enthalt 

und 11 Schwach 11 ist in dem Sinn, daß wir tij im Nahraum Q11 für störungstheore­

tische Zwecke verwenden können. 

Wie wir die Energieschranke Es zur Bestimmung der Raume Q' und Q11 im einzelnen 

legen, hängt vom zu behandelnden Streuproblem ab. Im folgenden diskutieren wir 

diese Frage für die Nukleon-Kernstreuung. Bei niedrigen Einschußenergien 

(E << 100 MeV) wählen wir für Es~ 100 MeV, d.h. der Raum Q' besteht aus­

schließlich aus energetisch geschlossenen Kanälen. In diesem Fall ist die t­

Mat ri x ree 11 und hängt nur schwach von der Einschußenergie E sowie der Ener­

gieschranke Es ab. Für Einschußenergien 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 für gebundene Nukleonen zurückgeht. 

Bei Einschußenergien E >> 100 MeV wählen wir für Q' den gesamten Hilbertraum 

und führen weiterhin die sog. Impul snäherung126) ein. Die Impul sna:herung be­

sagt, daß bei genügend hohen Einschußenergien die t-Matrix aus Gl. (2.33) in 

die freie Nukleon-Nukleon-t-Matrix übergeht. Die freie Nukleon-Nukleon-t-Ma­

trix, tF, ist Lösung der freien Lippmann-Schwinger-Gleichung 
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t F ( 0. i ) = V ( 0. i ) + V ( 0. i ) E- T : T. +1 E t F ( 0 'i ) 
0 1 

(2.35) 

Um Gl. (2.35) aus Gl. (2.33) herzuleiten, müssen wir in Gl. (2.33) den Projek-

tionsoperator Q durch den Identitätsoperator I und HA durch den Operator der 

kinetischen Energie Ti ersetzen. T0 ist die kinetische Energie des Projektil­

nukleons. In der Impulsnäherung ignorieren wir also die Tatsache, daß sich das 

Targetnukleon i während seiner Wechselwirkung mit Projektilnukleon 0 in einem 

Medium, d.h. im Kern, befindet. Wir vernachlässigen damit im wesentlichen 

dichteabhängige Effekte sowie Bindungseffekte. Die Güte der Impulsnäherung 

hängt vom betrachteten Streuproblem ab und ihre Gültigkeit muß jeweils geprüft 

werden. Für Nukleon-Kernstreuung liefert sie bereits gute Ergebnisse für Ein­

schußenergien E > 100 MeV 126). Oberhalb 400 MeV ist die Näherung im allgemei­

nen sehr gut 126 •127 ). 

3. Mikroskopische Beschreibung der elastischen Nukleon-Kernstreuung 

3.1 Das mikroskopische optische Potential als Vielkörperproblem 

Die mikroskopische Berechnung des optischen Potentials für die elastische Nu-

kleon-Kernstreuung ist ein herausforderndes und fundamentales Problem in der 

Kernphysik. Vom Standpunkt der Vielkörpertheorie aus kann das optische Paten-

t i al mit dem Massenoperator der Ei ntei 1 ehen-Green-Funkt i on i dent ifi ziert wer­

den14). Im Feshbach-Formalismus13) erscheint das optische Potential als eine 

effektive Wechselwirkung-s. Gl. (2.9), (2.10) und (2.20) -wobei der Modell­

raum P nur aus einem Zustand, dem Targetgrundzustand '!'~,besteht. Das optische 

Potential UnA ist dann gegeben durch (s. Gl. (2.20)): 
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(3.1) 

In Gl. (3.1) ist die Antisymmetrisierung des Projektilnukleons mit den Target-

nukleonennoch nicht berücksichtigt. Der Massenoperator des Green-Funktions-

formalismus hingegen schließt diese Austauscheffekte automatisch ein. Der Mas-

senoperator selbst ist ein sehr kompliziertes Gebilde. Seine Störungsreihe be-

steht aus der Summe a 11 er i rreduzi b 1 en Se 1 bstenergi eantei 1 e der Ei ntei 1 chen-

Green-Funktion (zur genaueren Definition s. Ref. 15). Diese Summe kann in sy-

stemat i scher, diagrammatischer Form aufgeschrieben werden. Die systemat i sehe 

Behandlung der ei nze 1 nen Beiträge hi 1ft, Doppe 1 zäh 1 ungen bei der Berechnung 

des Potentials zu vermeiden. Villars128) hat folgenden Ausdruck für den exak­

ten Massenoperator U(k 1 ,k,E) in der Impulsdarstellung angegeben: 

U (k I ,k, E) = UHF (k I ,k) + I. S ( n) (k I ,k) 
n 

( 3. 2a ) 

mit 

s(n) = , /oj(V 1 )PJ(kl) 1 (V 1 )rJ+(-r)( 1 V)sj(J'\. 
L \ E -H E-H +in E-H +in K E -H ~LC p+s+r=n o o o o o o 

(3.2b) 

Hier ist UHF das nichtlokale Hartree-Fock(HF)-Potential, H0 der ungestörte HF­

Hami ltonoperator, E
0 

die ungestörte Targetgrundzustandsenergie und / o> die zu­

gehörige HF-Grundzustandswellenfunktion. Der Index LC bezeichnet 11 linked clus­

ter11, was bedeutet, daß nur solche Diagramme (Terme) in der Entwicklung von U 

eingeschlossen werden dürfen, die sich nicht durch einfaches Schneiden der 

Projektilteilchenlinie in zwei verschiedene, unabhängige Diagramme zerlegen 

lassen15). Der Operator J+(k) ist definiert durch 
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( 3. 3a) 

und J(k) durch 

(3.3b) 

Diese Operatoren beschreiben die Wechselwirkung zwischen dem Projektil und den 

Targetnukleonen. Sie übernehmen in Gl. (3.2) die Rolle, die VnA in Gl. (3.1) 

innehat. Die unabhängigen Summen übers und p bezüglich der Operatoren (G 0 V)s 

bzw. (VG 0 )P erzeugen bei Anwendung auf den HF-Grundzustand I o> den exakten 

(korrelierten) Targetgrundzustand ljl~. Dabei ist G0 = (E-H0 )-1 die ungestörte 

Greenfunktion. Die unabhängige Summe über r beschreibt die Q-Raumpropagation 

des Systems. Diese Zuordnung macht dann die Beziehung zwi sehen Gl. ( 3.1) und 

Gl. (3.2) recht deutlich. Bei der Störungsentwicklung des optischen Potenti­

als, Gl. (3.2), ist angenommen, daß die Wechselwirkung V genügend schwach ist, 

damit Störungstheorie _gilt. Das bedeutet, daß V im wesent 1 i chen eine Brueck­

nersche G-Matrix44) bzw. für den Streuprozeß eine t-Matrix sein muß. Beide 

schließen jeweils die Zweiteilchenkorrelationen für gebundene bzw. ungebundene 

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

3.2 Die Kernstrukturnäherung zum mikroskopischen optischen Potential 

Im folgenden wollen wir das optische Potential U in Gl. (3.2) näherungsweise 

berechnen. Insbesondere interessieren wir uns für den Imaginärteil lmU, der 

ausschließlich vom zweiten Term auf der rechten Seite von Gl. (3.2a) erzeugt 

wird. Der dominante Beitrag zum Realteil ReU des optischen Potentials kommt 
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vom HF-Potential UHF· Vom zweiten Term erwartet man nur geringe Korrekturen zu 

UHF in der Größenordnung von 10 %. Der eigentlich mikroskopisch noch recht' we­

nig verstandene Antei 1 von U ist der Imagi närtei 1 • Auf seine Berechnung wollen 

wir uns hier konzentrieren, und zwar wollen wir ihn direkt für den endlichen 

Kern berechnen. 

Der Imaginärteil ImU beschreibt den Stromverlust vom elastischen Kanal in die 

energetisch offenen, angeregten Zustände des (A+l)-Systems. Die 11 doorways 11
, 

die zu diesen angeregten Zuständen führen, sind die 2 Teilchen-! Loch (2T1L)­

Zustände. Durch das Wirken von J+ auf den exakten Grundzustand~~ werden diese 

11 doorways 11 angeregt und das System propagiert anschließend unter Einfluß der 

exakten (A+l)-Green-Funktion (die Summe über r in Gl. (3.2)). Diese bringt 

dann sukzessiv die 3T2L-, 4T3L-Zustände usw. ins Spiel. Physikalisch ist klar, 

daß man - will man eine rasche Konvergenz der Störungsreihe bezüglich der Pro­

jektil-Targetnukleon-Wechselwirkung (PTWW) erzwingen -die 11 doorways 11 so wäh­

len muß, daß sie bereits möglichst viele Korrelationen enthalten. In der Kern­

strukturnäherung macht man nun einen Produktansatz für die 2T1L-.Zustände von 

der Form Projektilwellenfunktion mal korreliertem TL-Zustand des Targets. Die 

Berücksichtigung der TL-Korrelationen ist besonders wichtig, denn diese bauen 

die kollektiven Zustände des Targetkerns auf. In sphärischen Kernen sind dies 

die ni edri gl i egenden und hochliegenden Riesenresonanzzustände, die aus einer 

kohärenten Oberlagerung vieler lTlL-Zustände entstehen. Die unelastische Nu­

kleonenstreuung zu diesen Zuständen führt im allgemeinen zu großen Streuquer­

schnitten, und deshalb tragen diese Zustände auch wesentlich zur Absorption, 

also zum Imaginärteil des optischen Potentials bei. 

Da die Energien der kollektiven Zustände gegenüber den Energien der ungestör­

ten TL-Zustände stark nach unten und oben verschoben sind, ist der Einschluß 
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von TL-Korrelationen bei der Berechnung des Massenoperators insbesondere bei 

niedrigen Einschußenergien wichtig. Diagrammatisch entspricht der Einschluß 

der TL-Korrelationen der Aufsummation von Ring-Diagrammen im Massenoperator: 

+ + ? • 

Abb. 1: Graphische Darstellung der Teilchen-Loch-Korrelationen in der RPA-Nä­
herung. Die gestrichelte Linie stellt die effektive Teilchen-Loch-Restwechsel­
wirkung dar. Diese wird bis zu unendlicher Ordnung summiert. Man beachte, daß 
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. Natürlich müs­

sen wir neben den direkten Graphen in Abb. 1 auch alle Austauschgraphen be-

rücksichtigen. Diese sind in Abb. 2 angegeben. 

Die Graphen in Abb. 1 und 2 beinhalten die sog. Kernstrukturnäherung zum opti-

sehen Potential. Die intermediären Kernzustände werden durch RPA-Wellenfunkti-

onen genähert und nur Beiträge von 2. Ordnung in der PTWW werden berücksich-

tigt. Die Propagation des intermediären Projektils wird entweder durch eine 

freie28) oder durch eine optische32) Green-Funktion beschrieben. 
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( b) ( c) 

Abb. 2: Die drei Austauschgraphen, die zum direkten Graphen in Abb. 1 gehören. 
GRPA bezeichnet die RPA-Greenfunktion. 

Wenn wir die intermediären (A+1)-Zustande als ein Produkt von Projektil- und 

Targetwellenfunktionen darstellen und dann über alle Zwischenzustände summie-

ren, kommt eine Doppelzählung aufgrundder Identita:t von Projektil und Target­

nukleonen vor29,32). Diese Doppelzählung tritt jedoch nur bei Diagrammen 2. 

Ordnung auf, wo gewisse intermediäre Zustande zweimal gezählt werden, wenn se-

parat über Projektil- und Targetzustände summiert wird. Dies erkennt man 

1 eicht aus den Diagrammen in Abb. 1 und Abb. 2, wo das direkte Diagramm aus 

Abb. 1 und das Austauschdiagramm Abb. 2c sowie die Austauschdiagramme 2a und 

2b identisch werden, wenn wir die 0. Näherung zur RPA-Greenfunktion GRPA neh­

men. Berücksichtigen wir diese Doppelzählung, so erhalten wir folgendes Resul­

tat32) für W = ImU: 

(3.4) 
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Hier ist 

( 3. 5) 

ein hermitescher Einkörperoperator, der die Streuung des Projektils vom Target 

einschließlich der Austauscheffekte beschreibt. In Gl. (3.4) bezeichnen~ und 
0 

~N den exakten Grundzustand bzw. die exakten angeregten Zustände des A-Nukleo-

nensystems, während ':J 
0 

und j'N die entsprechenden Zustände des unkorrel i erten 

Systems bezeichnen. Der zweite (unkorrelierte) Term in Gl. (3.4) stellt die 

Doppelzählungskorrektur dar. Die Formfaktoren <~NIJ(q,i{)l~<>und <~NjJ(q,i{)jf~ 

werden im nächsten Paragraph berechnet, wobei wir ~N durch RPA-Wellenfunktio­

nen und ~N durch ungestörte TL-Zustände approximieren. 

3.3 Berechnung der Formfaktoren 

In Gl. (3.4) beschreibt die Funktion 

(3.6) 

den antisymmetrischen Formfaktor FNO für die Anregung des Zustandes N vom Tar­

getgrundzustand I o> aus. FNO enthält den Austauschoperator P0 ;, der auf die 

Projektilwellenfunktion in Gl. (3.4) wirkt und den Targetteilchenindex i mit 

dem des Projektils o vertauscht. Der Formfaktor FNO läßt sich zerlegen in ei­

nen direkten und einen Austauschantei 1 

(3.7a) 
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wobei der direkte Formfaktor 

(3.7b) 

und der Austauschformfaktor 

(3.7c) 

ist. Das Wechselwirkungspotential V in (3.7c) ist ein einfaches Zweikörperpo-

tential mit einer Austauschmischung, die sich im allgemeinen von der für 

V(o,i) unterscheidetl19,129): 

(3.7d) 

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

+ + * + + + + + + 3+ + 
W(r

0
,r

0
') =Im[' JJ F (r r 11 )g (r 11 r' 11

) F (r' 11 r')d r 11 dr' 11 

~ NO o' o N o' o NO o ' o o o 

(3.8) 

-!gleiche Summe für ungestörte Teilchen-Lochzustände] 

Die Spin- und Winkelintegrationen können in geschlossener Form ausgeführt wer-

den, die Radialintegrale dr~dr~ 11 müssen jedoch numerisch mit dem Computer be­

rechnet werden. Die Endform von W(t ,t') ist gegeben durch 32 ) 
0 0 

(JMJSMsJL-ML) 

( 3. 9) 
t tbJN 

F L ~J ( r 0 , r ~) ] 
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mit dem nichtlokalen radialen Formfaktor 

(3.10) 

wobei 

B ( 9.. a 9.. c s cj c 'L 15 1 J 1 'S 1 ) 

(3.11) 

und j = m+r ist. Die Größe gR. . (r 111 ,r 11
) in Gl. (3.10) ist der Radialteil 

CJ C 0 0 

der optischen Green-Funktion, die die Propagation des intermediären Projektils 

beschreibt, und die radialen Formfaktoren FD und FE sind definiert durch 
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(3.12a) 

bzw. 

LH 
= (-) a I ~n LJ2 

(3.12b) 

In Gl. (3.12) sind die Koeffizienten v~ a die Multipolkomponenten1 30 ) der 
1 2 

Zentral (n=O)- und Tensor(n=2)anteile in der effektiven PTWW und die lokalen 

und nichtlokalen Obergangsdichten sind definiert durch32,129) 

(3.13a) 

{
~2 

X ~1 

bzw. 

(3.13b) 
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wobei die Xj
1

j
2 

und vj
1

j
2 

die RPA-TL-Amplituden und die Rn;R-iji die radialen 

Einteilchenwellenfunktionen bezeichnen. 

Man beachte, daß in Gl. (3.10) zwei Terme auftreten, nämlich einer mit J=O, 

L=O und S=O und einer mit J=O, L=1, S=l. Hier berechnen wir nur den J=L=S=O-

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

Wir haben ein Rechenprogramm entwickelt, das den Imaginärteil des nichtlokalen 

optischen Potentials aus Gl. (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 für EE (Aus-

tausch-Austausch) eine 6-dimensionale Integration über eine 12-dimensionale 

Funktion. Vier Integrationen davon sind im Winkel. Diese können in geschlosse-

ner Form ausgeführt werden. Zwei Integrationen sind im Ortsraum, welche nume-

risch ausgeführt werden müssen. Wegen der Doppelintegration im Ort ist es an-

gebracht, eine geeignete Integrationsmethode zur Be~echnung von (3.10) zu wäh-

len. Bei unserem Problem haben wir extensiven Gebrauch von der TatsaGhe ge­

macht, daß der nichtlokale Formfaktor FE(r0 ,r~) sich nur schwach als Fuknktion 

von r0 und r~ ändert. Deshalb reicht es aus, ihn nur auf einem Netz mit ziem­

lich großer Schrittweite (von typisch 0.4 oder gar 0.8 fm) exakt zu berechnen. 

Die übrigen intermediären Punkte können 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. 

r~an beachte, daß die Terme 00, OE und ED in Gl. (3.12) entweder keine oder nur 

eine Radialintegration einschließen. Andernfalls ist die Rechnung ähnlich wie 

oben beschrieben. 
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3.4 Eingaben in die Rechnungen 

3.4.1 Oie Kernstrukturinformation 

Zur Berechnung des imaginären optischen Potentials W müssen wir die Kernüber-

gangsdichten aus Gl. (3.13) kennen. Wir werden im folgenden das optische Po-

tential nur für sphärische Kerne, d.h. für Kerne mit abgeschlossenen Protonen-

und Neutronenschalen berechnen. Oie Targetkerne, die wir untersuchen werden, 

sind 40ca, 48ca und 208Pb. In diesen Fällen gibt die Random Phase Approximati­

on (RPA) eine ziemlich befriedigende Beschreibung der Kernspektren. In der RPA 

wird ein angeregter Kernzustand ~N durch eine Linearkombination von TL-Zustan­

den beschrieben 131 ): 

(3.14) 

Dabei ist I~> der exakte korrelierte Grundzustand des Kerns. Die Operatoren 
0 

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

Nuk 1 eon im Zustand m erzeugen bzw. ein Nuk 1 eon im Zustand i vernichten. Die 

Koeffizienten X~; und Y~; sind die Vorwärts- bzw. Rückwärts-TL-Amplituden. Man 

erhält sie durch Lösung der RPA-Gleichung 

(

A-E 

B* 
(3.15) 

wobei die Matrixelemente durch 

A . . m1 ,nJ = ( E: -E: • ) 0 0 . . m 1 m,n 1 ,J 
~ . -1 I F p h I . -1) + n1 nJ (3.16a) 

und 

B . . m1 ,nJ = <:mi- 1 1Fphljn-~ (3.16b) 
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gegeben sind. In Gl. (3.16) sind die~:: und~::. die Schalenmodell-Einteilehen-m 1 

energien und FPh ist die TL-Restwechselwirkung. 

In unseren Rechnungen verwenden wir die RPA-Well enfunkt i onen von Krewa 1 d und 

Speth1 32) für 40ca und die von Speth und Mitarbeitern 133 ) für 208Pb. Die ge-

nannten Autoren verwenden eine Einteilchenbasis, die durch Lösung der Einteil-

chen-Schrödingergleichung mit einem Woods-Saxon-Potential erzeugt wird. Die 

Parameter des Woods-Saxon-Potentials werden so gewählt, daß die experimentell 

bekannten Einteilchenenergien in der Nähe der Fermikante E:F wiedergegeben wer­

den. Für die TL-Restwechselwirkung Fph wird die dichteabhängige Migdal­

Kraft 134) genommen. Diese Kraft hat den großen Vortei 1, daß sie sowohl das 

niedrigliegende als auch das Riesenresonanzspektrum verschiedener doppelt ma­

gischer Kerne wie 16o, 40ca und 208pb gut beschreibt129). Die Parameter der 

TL-Restwechsel wi rkung sind so angepaßt, daß jewei 1 s die Anregungsenergie und 

die übergangsstärke zum niedrigliegenden 3--zustand möglichst gut reproduziert 

werden und gleichzeitig die Dipol- und Quadrupolriesenresonanzen die richtige 

Anregungsenergie bekommen. Die Energie des spuri osen 1-, T=O-Zustandes, der 

keiner inneren Kernanregung sondern einer Trans 1 at i on des Gesamtkernes ent-

spricht, wird auf die Anregungsenergie Null gebracht. Bei der Berechnung des 

optischen Potentials wird dieser Zustand ausgeschlossen. In 40ca besteht die 

Einteilchenbasis aus allen Schalenmodellzuständen von os 112 bis Oh 1112 und 

schließt alle 1~w-, 2nw- und fast alle SKw-Zustände ein. 

Die RPA-Rechnungen für 208Pb 133 ) sind noch genauer a 1 s die für 40ca. In die-

sem Kern beschreibt die RPA nicht nur Anregungsenergien und übergangswahr­

scheinlichkeiten zu'den niedrigliegenden und hochliegenden kollektiven Zustan-

den sondern auch die Obergangsdichten, die in den letzten Jahren im Detail mit 

Hilfe von unelastischen Elektronstreuexperimenten ausgemessen wurden 135 ). Des-
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halb dürfen wir insbesondere bei 208 Pb annehmen, daß die Kernstruktureingabe 

für die mi kroskopi sehen Potent i a 1 rechnungen bekannt ist, so daß wir Aussagen 

über die Güte der Kernstrukturnäherung zum optischen Potential machen können. 

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

Neben der Kernstrukturinformation müssen wir bei der Berechnung des mikrosko­

pischen optischen Potentials auch die effektive PTWW kennen. Aus Kapitel 2.3 

wissen wir, daß die PTWW am besten durch die t-Matrix, Gl. (2.33), approxi­

miert wird. Da wir hier den Imaginärteil zum optischen Potential unter stö­

rungstheoretischer Behandlung der energetisch offenen Reaktionskanäle 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

närteil des optischen Potentials ist allein ein Resultat der störungstheoreti­

schen Behandlung der Zustände im Nahraum Q11
• Die reelle t-Matrix approximieren 

wir wiederum durch eine geeignete effektive Wechselwirkung wie z.B. durch die 

~13Y-Kraft von Bertsch u.a.1 25 ) (M3Y =Summe dreier Yukawa-Kräfte verschiedener 

Reichweiten). Die M3Y-Kraft ist eine Parametrisierung der Brueckner-G-Matrix, 

die ausgehend von einer realistischen NNWW durch Lösung der Sethe-Goldstone­

Gleichung für gebundene Nukleonen gewonnen wurde; daher hat die M3Y-Kraft kei­

nen Imaginärteil. In unseren Rechnungen benutzen wir die äquivalente Eikemei­

er-Hackenbroi ch-Kraft 136 • 137 ) für die effektive PTWW. Diese beschreibt, wie 

die M3Y-Kraft, ziemlich gut Unelastische Protonenstreudaten zu natürlichen und 

unnatürlichen Paritatszuständen. Diese Tatsache können wir auch so auffassen, 

daß wir die effektive PTWW zunächst in der Unelastischen Nukleonenstreuung ei-
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chen, bevor wir sie für die mikroskopische Berechnung des optischen Potentials 

verwenden. Auf jeden Fall ist damit garantiert, daß die unelastische Ober-

gangsstarke vom Grundzustand zu den angeregten Zuständen im Streuprozeß rich-

tig beschrieben wird, und dies ist gerade bei der mikroskopischen Berechnung 

des Imaginärteils 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 für gN(r ,t') in Gl. (3.8). Optisch heißt, daß wir die Green-Funktion 
0 0 

an einem komplexen Einteil ehenpotent i a 1 erzeugen. In einer se 1 bstkons i stenten 

Rechnung sollten wir ei gent 1 i eh für das Ei ntei 1 ehenpotent i a 1 das HF -Potent i a 1 

UHF aus Gl. (3.2a) nehmen. Da wir hier nicht selbstkonsistent rechnen - es 

würde 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 erhalten35). Wenn wir die Spin-Bahn-Wechselwirkung (und 

imaginäre Potentiale) vernachlässigen, können wir dann folgende Eigenfunkti-

onsentwicklung der Green-Funktion angeben 

g(+)(E +r +r') = \ N , , L 
tmn 

+ * + 
I{' n (r)l{' n (r') niVm niVm 

E-E -E +iE 
N nt 

(3.17) 

wobei die l{'ntm(t) die Einteilchenzustände, Ent die Einteilchenenergien und EN 

die Anregungsenergien des i ntermedi aren Kernzustandes sind. Die Summe über 

(ntm) schließt gebundene und ungebundene Zustände ein. Von dieser Summe müssen 

die von den Targetnukleonen bereits besetzten Zustande ausgeschlossen werden, 
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damit das Paul i -Prinzip nicht verletzt wird. Wir bemerken jedoch, daß dieser 

sog. Ausschlußeffekt für den Im~ginärteil des Potentials keine Rolle spielt, 

denn die Summe über gebundene Zustände in Gl. (3.17) ist immer rein reell. 

Deshalb beeinflußt der Ausschluß von gebundenen Zuständen nur den Realteil und 

nicht den Imagina:rteil der Green-Funktion bzw. des mikroskopischen optischen 

Pot e nt i a 1 s • 

Wenn ein rein reelles Potential zur Erzeugung der Green-Funktion benutzt wird, 

besitzt diese für gewisse Energien sehr scharfe Resonanzen und damit auch das 

zu berechnende optische Potential. Nun wissen wir aber, daß optische Potentia-

le an sich energiegemittelte Größen sind, die sich nur schwach mit der Energie 

E a:ndern. Um diese Eigenschaft in unsere Rechnungen einzubeziehen, müssen wir 

die Green-Funktion in Gl. (3.16) energiemitteln. Dazu falten wir g~+)(E,r,r') 

in eine Lorentzverteilung mit der Energie E und der Breite I und erhalten 

(3.18) 

Die energiegemittelte Green-Funktion ist einfach die ursprüngliche Green-Funk­

tion berechnet an der komplexen Energie E+i I. Im Kerni nnern ist die Wellen­

gleichung für eine komplexe Energie jedoch äquivalent 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 berücksichtigt dieses absorptive Potential 

auch in qualitativer Weise den Effekt der tatsächlichen Absorption in interme­

diären Kanalen, die aus der Kopplung der 2T1L-Doorways mit komplizierteren Zu-

ständen vom 3T2L-Typ, 4T3L-Typ usw. resultiert. 
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Für die Berechnung des imaginären Potentials ist es wesentlich und notwendig, 

daß eine optische Green-Funktion verwendet wird. Eine freie Green-Funktion 

produziert überraschenderweise mehr Absorption als eine opt i sche32). Die Er-

klärungdafür ist, daß ein Projektil, das in einem attraktiven Potential pro-

pagiert, sich wesentlich schneller bewegt als ein freies Teilchen. In der WKB­

Näherung wird diese Eigenschaft durch einen Faktor (k(x))-
1
/2 in der Wellen­

funktion ausgedrückt, wobei k(x) die ortsabhängige Wellenzahl ist. Dieser Fak-

tor macht die opt i sehe Greenfunktion im Kerni nnern kleiner im Vergl ei eh zur 

freien Greenfunktion und damit auch das berechnete imaginäre Potential. 

3.4.4 Nichtlokalität und lokale Näherung 

Eine wichtige Eigenschaft des berechneten imaginären Potent i a 1 s W ist seine 

Nichtlokalität. Diese Nichtlokalität wird wesentlich durch die intermediäre 

Green-Funktion gN, Gl. (3.17), bestimmt. Der Einfachheit halber diskutieren 

wir zunächst das nichtlokale Verhalten von W für den Fall einer freien Green-

Funktion (FGF), denn dann kann die Nichtlokalität in analytischer Form angege-

ben werden. Diese ist für den Imaginärteil der FGF gegeben durch 

(3.19) 

b . + + +, d' wo e1 s: = r-r 1 e Nichtlokalitätskoordinate, k~ = f(E-En)·2~/11 21 die freie 

(f) Wellenzahl und IJ die reduzierte Masse bezeichnet. Die Nichtlokalität in 

Gl. (3.19) hat die Struktur einer Sessel-Funktion j 0 (k~s) mit einem großen Di­

agonalwert bei s=O und relativ kleinen positiven und negativen Oszillationen 

bei größeren Werten von s. Wir definieren die Nichtlokalitätslänge b als den 
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Wert von s, für den die Funktion (3.19) um den Wert e-1 gegenüber ihrem Wert 

bei s=O abgefallen ist. Diese Länge beträgt im Fall einer FGF ungefähr 

b = 2.2/k~ fm und nimmt wegen b ~ -h- mit wachsender Einschußenergie E ab. Man 

erw~rtet also, daß im allgemeinen eine lokale Näherung zum nichtlokalen 

W(},f•) am besten ist für hohe Einschußenergien und daß außerdem die Nichtlo­

kalitätslänge b zum Kernrand hin wächst, weil dort die (lokale) Wellenzahl k 

abnimmt. Für 30 MeV Neutronen erhält man außerhalb des Kerns fürbeinenWert 

von 2.20/1.36 = 1.6 fm. Dies ist eine gute Abschätzung, wie wir später noch 

zeigen werden. 

Obwohl der Imaginärteil der optischen (Op) Green-Funktion 

(3.20) 

mit 

(Hankelfunktion 1. Art) (3.20a) 

viel komplizierter ist als der von FGF und sowohl von der Koordinate 

R = (}+}• )/2 als auch von der Nichtlokalitätskoordinate s abhängt, behält Im 

g2P trotzdem die charakteristische Eigenschaft, an der Diagonalen r=r• am 

stärksten zu absorbieren. Die Nichtlokalität hängt nun jedoch nicht nur von 

I sl sondern auch von der Richtung von s ab. Zur Absorption im opt i sehen Po-

tential tragen im allgemeinen viele intermediäre Zustände N bei, über die in 

Gl. (3.8) summiert wird. Diese besitzen im allgemeinen verschiedene Energien 

EN und damit auch die zugehörigen Green-Funktionen verschiedene Wellenzahlen 

kN. Durch Oberlagerung der verschiedenen Beiträge zu W, die von der Form 

* Im F0NgNFON• also Produkt aus Green-Funktion und Formfaktoren sind, wird die 

Nichtlokalität von W an der Diagonalen (s=O) schärfer und bei größeren Werten 

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



- 44 -

ge außer Phase undmittelnsich weg. Dieser Effekt ist bei der Neutron- und 

Protonstreuung eindeutig vorhanden, wie man in Abb. 3 sehen kann. Dort wird 

das nichtlokale Verhalten für 4°ca(p,p)- und 4°ca(n,n)-Potentiale bei einem 

Radius von R = 3.2 fm, d.h. für einen Ort an der Kernoberfläche, gezeigt. Es 

treten keine Oszillationen auf und die nichtlokale Form kann gut durch eine 

Gauß-Funktion genähert werden. 

-(/)~ 
e:. 
3 0.5 

I 

0.0 

1.0 

R=3.2fm 

40 
- Ca (p,p), EP= 17.7 MeV 

b=1.52fm 

2.0 3.0 

S [fm 1 

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

Der Grad der Dämpfung hängt wesent 1 i eh von der Größe und der Variation der 

beitragenden intermediären Wellenzahlen kN ab, Zum Beispiel sind in der 

a-
40 ca-Streuung die Wellenzahlen für alle ZwischenzuständeN wegen der grö-

ßeren reduzierten Masse (J..I ~ 4J..I ) ziemlieh groß. Dann ist die Summe über in-
a n 

termediäre Zustände N bei der Dämpfung der Oszillationen ziemlich uneffektiv, 

weil alle Beiträge in etwa in Phase schwingen. In Abb. 4 zeigen wir in per­

spektivischer Darstellung das nichtlokale Potential W(r,r•) für 31 MeV a­

Streuung von 40 ca bei einem Winkel von 0° zwischen den Vektorenrund r• 34 ). 
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Nonlocol imoginory opticol Potential 

w Co (a.,a.) 

2 3 5 6 

R[fm) 

\ 

Abb. 4: Das berechnete a.- 40 ca nichtlokale imaginäre Potential für 31 MeV Ein­
schußenergie in perspektivischer Form als Funktion von rund r 1 (~(r,r 1 ) = 0°) 
gezeichnet. 

Die positiven Oszillationen des Potentials außerhalb der Diagonalen sind ziem-

lieh groß, besonders an der Kernoberfläche. Die Nichtlokalitätslänge des 

Hauptmaximums beträgt hier b = 0.69 fm, ist also wesentlich kleiner als für 30 

MeV Nukleonenstreuung mit b = 1.5 fm. Jenseits des Hauptmaximums setzt sich 

die Nichtlokalität in einer ziemlich komplizierten Weise fort. Dieses Ergebnis 

zeigt, daß das imaginäre optische Potential für a.-Streuung und ganz allgemein 

für Streuung schwerer Ionen hochnichtlokal ist und daß die schmale Breite des 

Hauptmaximums nicht unbedingt ein Kriterium für die Gültigkeit einer 1 oka 1 en 

Näherung ist. 
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Das Erscheinen von positiven Oszillatioen in VJ bedeutet nicht, daß das Paten-

tial Fluß (Teilchen) erzeugt. Es gibt. keine lokale Kontinuitätsgleichung für 

die Schrödinger-Gleichung im Falle eines nichtlokalen Potentials. Man muß min-

destens über einen Bereich von der Größe der Nichtlokalitätslänge integrieren, 

um eine Kontinuitätsgleichung zu bekommen. Diese Gleichung zeigt dann, daß es 

immer Absorption gibt, wenn Gl. (3.8) für das imaginäre Potential benutzt 

wird. 

Das nichtlokale imaginäre Potential VJ(E,R,s) soll nun in ein "äquivalentes" 

lokales Potential transformiert werden. Dies ist wünschenswert, um die mikro-

skopischen Potentiale mit herkömmlichen, phänomenologischen Potentialen ver­

gleichen zu können. Auch erleichtern lokale Potentiale wesentlich die Berech-

nung des elastischen Streuquerschnitts. Die lokale Näherung zum nichtlokalen 

Potential W besteht darin, daß man die Nichtlokalität durch eine analytische 

Funktion wie z.B. eine Gauß-Funktion parametrisiert und dann über die Nichtlo-

kalitätskoordinate s integriert. Die Nichtlokalität von W hängt von den Vekto­

ren R , s und dem Winkel e =1(R,s) ab. Wir verwenden hier eine Lokalitäts­

vorschrift, die von Perey und Saxon 138 ) angegeben wurde (s. auch Ref. 32). Sie 

beruht auf der Annahme, daß man das Hauptmaximum in der Nicht 1 oka 1 it ät ( s. 

Abb. 3 und 4) durch eine Gauß-Form parametrisieren kann. Das äquivalente loka­

le Potential W(R) erhält man dann nach der Formel32) 

(3.21) 

wobei br(R) die radiale Nichtlokalitätslänge und b
8

(R) die Nichtlokalität im 

Winkel ist. Beide sind Funktionen vom Ort R. V ist das mittlere reelle Paten-

tial, an dem die Green-Funktion erzeugt wird, und W(R,R) ist der Diagonalwert 

des nichtlokalen Potentials. 
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4°Co (n,n), En = 30 MeV 

-----perpend1cular nanlacality 

--parallel nanlocolity 

Nucleor Rad1us 

Abb. 5: Die radiale Nichtlokalität br(R) (durchgezogene Linie) und die Nicht­
lokalität im Winkel b (R) (gestrichelte Linie) als Funktion von R für das 
nichtlokale Potential ~CrJ•) bei 30 MeV Neutronstreuung von 40ca. Dabei ist b 
die Länge, bei der das Potential W(R,!) um e-1 gegenüber dem Diagonalwert 
W(R,!=O) abgefallen ist. 

In Abb. 5 zeigen wir die radiale Nichtlokalität und die Nichtlokalität im Win­

kel für W(~,~·) im Falle von 30 MeV Neutronstreuung von 40ca. Die Nichtlokali-

tät wächst stetig von kleinen Radien R im Kern bis hin zu großen R außerha 1 b 

des Kerns. Die Nichtlokalität im Winkel b
8

(R) ist bei allen Radien etwas grö­

ßer als br(R). Der "Daumenwert" b = 1.6 fm im Falle einer FGF ist offensicht­

lich auch hier relevant. 

Aus Abb. 4 geht hervor, daß eine Oszillatorische Nichtlokalität nur sehr 

schlecht durch eine Gauß-Form parametrisiert werden kann, weil sie die positi­

ven und negativen Oszillationen bei großen Werten von s einfach nicht berück-

sichtigt. Deshalb werden auch andere analytische Darstellungen für die Nicht­

lokalität gewählt, die die Oszillationen des nichtlokalen Potentials explizit 

einschl.ießen35). 
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Wir möchten nochmals betonen, daß wir die lokale Näherung hauptsachlich des-

halb durchführen, um die physikalische Information, die in den nichtlokalen 

Potentialen steckt, anschaulich zu machen. Außerdem möchten wir natürlich die 

mikroskopischen Potentiale mit den.phänomenologischen Potentialen vergleichen, 

deren Eigenschaften wir bereits kennen. Obwohl die lokale Näherung nicht immer 

gut ist, verwenden wir die 11 äquivalent 11 lokalen Potentiale zur Berechnung von 

elastischen Streuquerschnitten. Da wir auch die elastischen Streuquerschnitte 

von den nichtlokalen Potentialen berechnen, haben wir ein Maß an der Hand, 

über Güte und Qualität der lokalen Näherung zu entscheiden. 

3.5 Ergebnisse für den Imaginärteil des optischen Potentials 

Im Lane-Modell 139 ) wird der Kernanteil UN des phänomenologischen optischen Po­

tentials für Nukleon-Kernstreuung geschrieben als 

(3.22) 

wobei U
0 

den isoskalaren Anteil, u1 den Isovektoranteil und flUc die Coulomb­

korrektur des optischen Potentials bezeichnet. Die Coulombkorrekturl40) tritt 

nur bei Protonenstreuung auf und trägt der Tatsache Rechnung, daß die Projek-

t i 1 energi en von Proton und Neutron im Kernberei eh wegen der repu 1 s i ven Cou-

lombkraft verschieden sind. Die beiden letzteren Terme in Gl. (3.22) sind la-

dungsabhängig, aber nur der u1- Term, auch La ne-Potent i a 1 genannt, enthält ei­

nen Isospinoperator t•T (T: = Isospin des Targets, t: = Isospin des Projek-

tils). Deshalb kann das Lane-Potential auch eine Ladungsaustauschreaktion 

induzieren, was für die Coulombkorrektur nicht möglich ist. Jeder Term i~ Gl. 

(3.22) besteht aus einem Realteil und einem Imaginarteil: 
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k=O,l (3.23a) 

ßU (E,r) = ßV (E,r)+ißW (E,r) 
c c c 

(3.23b) 

Es sind die Imaginärteile (Wk)k=0, 1 und ßWc, die wir im folgenden mikrosko­

pisch berechnen wollen. 

3.5.1 Das absorpti.ve, isoskalare Potential w
0 

Das isoskalare Potential w
0 

haben wir für die 4°ca(n,n)-Reaktion bei verschie­

denen Projektilenergien E berechnet 32 •33 •35 ). Dabei sind wir von Gl. (3.4) 

ausgegangen. Für die effektive PTWW haben wir die Eikemeier-Hackenbroich (EH) 

t-Matrix benutzt1 36,137). Diese wurde aus der EH:..Nukleon-Nukleon-Wechselwir­

kung136) mit Hilfe der Scott-Moszkowski-Separationsmethode zur G-Matrix141) 

konstruiert. Die Güte der EH-t-Matrix wurde in verschiedenen Analysen von in­

elastischen (p,p' )-Streudaten129,142) und von (p,n)-Ladungsaustauschreaktio­

nen143) erfolgreich getestet. Die Volumenintegrale ihrer Zentral- und Tensor­

komponenten stimmen ziemlich gut (innerhalb von 10 %) mit denen der häufig be­

nutzten M3Y-Kraft125) überein. Wir verwenden hier die EH- anstelle der M3Y-

Kraft, weil erstere eine Gaußförmige Radialabhängigkeit besitzt, welche die an 

sich komplizierten numerischen Rechnungen für das mikroskopische optische Po-

tential sehr vereinfacht. 

Für die intermediären Zustände 'PN in Gl. (3.4) verwenden wir die RPA-Wellen­

funktionen von Krewald und Speth1 32 ). Wir schließen alle energetisch offenen 

Zwischenzustände in unseren Rechnungen ein, d.h. alle inelastischen natürli-

chen und unnatürlichen Paritätszustände sowie auch alle entsprechenden La-
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dungsaustauschzustände. In einem doppelt magischen Kern wie 40 ca sind die mei-
. 

sten energetisch niedrigliegenden Zustände von natürlicher Parität, während 

die unnatürlichen Paritätszustande erst bei höheren Anregungsenergien 

(~10 MeV) erscheinen. Deshalb geht ein großer Teil der Absorption auf die na-

türliehen Paritätszustande zurück, insbesondere auf die niedrigliegenden 3--

und 5- -Zustände. Bei einer Einschußenergie von 30 MeV werden jedoch auch die 

Dipolriesenresonanz, die i sos ka 1 are Quadrupolriesenresonanz und ein größerer 

Teil der lnw Hexadekapol-(3-)-Stärke angeregt, die alle wesentlich zur Absorp-

tion beitragen. Im Gegensatz zu diesen natürlichen Paritätszuständen besitzen 

die Zustände mit unnatürl i eher Parität weniger Koll ekt i vität und tragen des-

halb weniger zur Absorption sei. 

lmaginary optical potential 

7 r[fm] 

l.O 
Ca(n,n), Einc=30MeV 
-·--CEX. unn.p.states 

---- --CEX, not p.states 
-··-··- IEX. unn.p.states 
--- IEX. nat.p.states 

Abb. 6: Beiträge zum imaginären optischen Potential von verschiedenen Klassen 
von 1ntermediären Zuständen. Dieses sind die unelastischen natürlichen und un­
natürlichen Paritätszustande ( lEX) und die entsprechenden Ladungsaustauschzu­
stände (CEX). 

In Abb. 6 zeigen wir die verschiedenen Beiträge zum Imaginärteil des optischen 

Potentials für 40ca(n,n), die von den verschiedenen Klassen von intermediären 

Zuständen produziert werden. Es ist zunächst etwas überraschend, daß Ladungs-

austausch einen so großen Beitrag zur Absorption liefert. Dies ist darauf zu-
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rückzuführen, daß die Ladungsaustauschzustände, die in der (n,p)-Reaktion an-

geregt werden, um die Coulombenergiedifferenz der Kerne (Z,N) und (Z-l,N+l) 

energetisch nach unten verschoben sind. Außerdem ist das Projektilmatrixele­

ment bei Ladungsaustausch um einen Faktor 2 größer als bei unelastischer 

Streuung. 

lmaginary optical potential 
r[fm] 

4°Ca ( n. n) . E inc =30 MeV 
- --·- charge exchonge 
............ inelastic 

--- sum 

Abb. 7: Beiträge zum imaginären optischen Potential von allen unelastischen 
Kanälen und von allen Ladungsaustauschkanälen. 

In Abb. 7 zeigen wir die Summe der Beitrage von Ladungsaustausch und die von 

inelastischer Streuung getrennt. Wir finden, daß nahezu 30% der Gesamtabsorp-

tion an der Kernoberfläche auf Ladungsaustauschkanäle zurückgeht. 

Wie wir bereits in § 3.2 diskutiert haben, müssen wir die RPA-Ergebnisse um 

die Beiträge korrigieren, die von der Anregung der ungestörten TL-Doorway-Zu-

stände herrühren, wei 1 wir diese sonst doppelt zählen. Dieser TL-Doorway-Bei-

trag stellt auch gleichzeitig das Ergebnis dar, das man mit ungestörten, in-

termediären TL-Zuständen erhalten würde, d.h. unter Vernachlässigung von kol-

lektiven Effekten. Wie man aus Abb. 8 sieht, ist die TL-Korrektur ziemlich 

klein. Dies bedeutet, daß eine Berechnung des imaginären optischen Potentials 



- 52 -

lmaginary optical potential 
2 3 5 6 7 r[fm] 

40 
Ca ( n, n), E inc = 30 MeV 
-·-·- p-h correction 
- - - -- uncorrected RPA 
--- calculated W ( r} 

Abb. 8: Effekt der Doppelzählungskorrektur (ph) für den Imaginärteil des opti­
schen Potentials. Dieser wird durch die kurz-lang-gestrichelte Kurve darge­
stellt. Die Doppelzählungskorrektur ist auch gleichzeitig das Ergebnis für das 
imaginäre optische Potential, wenn anstatt der intermediären RPA- ungestörte 
TL-Wellenfuriktionen benutzt werden. 

mit reinen TL-intermediären Zuständen die Absorption stark unterschätzen wür-

de. Deshalb ist ein großer Teil der Absorption auf kollektive Effekte des 

Kerns zurückzuführen. Da kollektive Zustände Obergangsdichten besitzen, die 

besonders groß an der Kernoberfläche sind, erzeugen sie auch gerade an der 

Kernoberfläche eine starke Absorption und sind deshalb hauptsächlich für die 

experimentell beobachtete Oberflächenabsorption der optischen Potentiale bei 

niedrigen Einschußenergien (E< 50 MeV) verantwortlich. Dieser Effekt ist auch 

in Abb. 6 deutlich zu sehen, wo nur die inelastischen natürlichen Paritätszu-

stände starke Oberflächenabsorption aufweisen. Diese Klasse von Zuständen be-

sitzt auch die stärksten kollektiven Zustände. 

In den Abb. 9 und 10 vergleichen wir das berechnete, mikroskopische Potential 

für 30 MeV 40ca(n,n)-Streuung mit verschiedenen phänomenologischen Potentia­

len144-146) und mit dem berechneten Potential von N. Vinh Mau28). Unser be-

rechnet es Potential ist oberflächenabsorbierend, aber der Oberflächenpeak ist 
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Abb. 9: Vergleich des berechneten Potentials mit einer ähnlichen Rechnung von 
Vinh Mau28) und einem phänomenologischen Potentiall44) bei 30 MeV Einschuß­
energie. 
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Abb. 10: Vergl ei eh von unserem berechneten Potent i a 1 mit den phänomenal ogi­
sehen Potentialen von Becchetti-Greenleesl44) und der Ohio Universi­
tatl45,146). 

im Vergleich zu den phänomenologischen Potentialen um 0.6 fm zum Kerninnern 

hin verschoben. Außerdem hat es eine um 2 MeV geringere Tiefe als die phänome-

nologischen Potentiale. Die Unterschätzung in der Tiefe ist vielleicht nicht 
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so überraschend, da wir nur die energetisch offenen, inelastischen Kanäle als 

Zwischenzustände einschließen, aber keine Rearrangement-Kanäle, die einen ad­

ditiven Beitrag zur Absorption liefern würden. Ein Vergleich zwischen unserer 

Rechnung und der von Vinh Mau28) zeigt, daß unser Potential zu weit im Kernin­

nern absorbiert und auch eine geringere Tiefe aufweist. Um diese Unterschiede 

zu verstehen, bedarf es der Erwägung folgender Punkte: 

( i ) Wir benutzen in unseren Rechnungen die übergangsdichten von Kr.ewa 1 d und 

Speth132), während Vi nh Mau28) jene von Gi llet und Sanderson147) verwendet. 

Ein Vergleich der RPA-übergangsdichten für den niedrigliegenden kollektiven 

3--zustand zeigt nun, daß die Gillet-Sanderson-übergangsdichte ihr Maximum bei 

einem größeren Radius als die von Ref. 132 erreicht. Die Differenz betragt et­

wa 0.3 fm. 

(ii) Die unterschiedliche Tiefe der beiden Potentiale ist jedoch schwieriger 

zu verstehen. Die RPA-Rechnungen von Krewald und Speth sind in einem wesent­

lich größeren Modellraum (nahezu alle 3ftw Anregungen waren eingeschlossen) 

durchgeführt worden als die von Gillet und Sanderson. Deshalb schließen die 

RPA-Rechnungen der ersteren Autoren auch einen größeren Teil der totalen Mul­

tipolübergangsstarke bezüglich der Operatoren rLYL ein als die von Gillet und 

Sanderson. Folglich sollte unser Potential stärker absorbierend sein als das 

von N. Vinh Mau, was aber nicht der Fall ist. Es gibt jedoch noch einen weite­

ren wichtigen Unterschied zwi sehen den bei den Potent i a 1 rechnungen, und zwar 

wurden in bei den Rechnungen unterschiedliehe effektive PTWW benutzt. In unse­

ren Rechnungen benutzen wir die EH-Kraft, welche im Mittel die experimentellen 

inelastischen Streuquerschnitte zu den niedrigliegenden kollektiven Zuständen 

reproduziert. Dies haben wir geprüft, indem wir mikroskopische, antisymmetri­

sierte DWBA-Rechnungen für diese Zustände mit den RPA-Wellenfunktionen von 
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Ref. 132 durchgeführt haben. Dadurch haben wir die effektive PTWW sozusagen an 

der inelastischen Streuung gee_icht, bevor wir sie in der Potentialrechnung 

verwendet haben. N. Vinh Mau 27 - 30 ) hingegen benutzt die Reichstein-Tang-Wech­

selwirkungl4S), die um einen Faktor 1.5 größere inelastische Streuquerschnitte 

liefert als die EH-Kraft. Deshalb würden wir auch ein um 50% tieferes imagi-

näres optisches Potential erhalten, wenn wir diese Wechselwirkung benutzen 

würden. Diese würde jedoch auch zu große inelastische Streuquerschnitte lie-

fern. Offensichtlich ist die effektive PTWW nicht eindeutig bestimmt und muß 

irgendwo, z.B. an der inelastischen Streuung, geeicht werden, bevor sie in den 

Rechnungen für das optische Potential benutzt werden kann. 

Wir haben schon erwähnt, daß unser berechnetes Potential für 4°ca(n,n) seine 

maximale Potentialtiefe etwas innerhalb des Kerns erreicht. Es gibt verschie­

dene mögl i ehe Erklärungen für diese Verschiebung der Absorption zu kleineren 

Radien hin. Eine erste Möglichkeit ist die, daß die EH-Kraft keine Di chteab­

hängigkeit besitzt. Eine dichteabhängige effektive PTWW hat die Tendenz, die 

Absorption nach größeren Radien hin zu verschieben. Um dies zu testen, haben 

wir die EH-Kraft 11 künst 1 i ch 11 di chteabhangi g gemacht. Dazu haben wir die dich­

teabhängigen Singulett- und Triplettfaktoren von Green•s Paperl49) genommen, 

die dort zusammen mit der Kallio-Kolltveit-Kraftl50) benutzt wurden, und haben 

mit diesen Faktoren die Singulett- und Triplettzentralanteile der EH-Kraft 

multipliziert. Wie Abb. 11 zeigt, vergrößert diese spezielle Dichteabhangig­

keit die Absorption an der Kernoberfläche wesentlich und verschiebt die Peak­

position um 0.4 fm zum Kernrand hin. 

Eine zweite Möglichkeit ist die, daß die RPA-übergangsdichten zu den kollekti­

ven intermediären Zuständen in 4°ca nicht die richtige Oberflächenform haben. 

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



- 56 -

-2 

7 r[fm] 

L.O 
Ca(n,nl. Einc=30 MeV 

3-(3.73MeV)-intermediate state 

-----E-H-force 

--density dependent force 

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

hauptsächlich die kollektiven Zustande sind, die die Form des imaginären Po-

tentials bei niedrigen Einschußenergien, E <50 MeV, bestimmen. Um diese Fra-

gen zu klären, haben wir das mikroskopische, imaginäre optische Potential 

WN = Im(UN) (s. Gl. (3.22)) für die elastische Protonstreuung von 208pb be­

rechnet. Wir haben 208pb gewählt, weil die übergangsdichten zu vielen kollek­

tiven Zuständen in 208pb mit Hilfe der inelastischen El~ktronenstreuung135) 

gemessen worden sind. Weiterhin erzielen die RPA-Rechnungen von Speth und Mit­

arbeitern133) die besten Ergebnisse für diesen Kern und beschreiben Anregungs­

energien, B(E>..) -Werte und übergangsdichten vieler niedrig- und hochliegender 

ko 11 ekt i ver Zustände quantitativ. Desha 1 b dürfen wir annehmen, daß im Fa 11 e 

von 208pb die Kernstruktureingaben in unsere mikroskopischen Potentialrechnun-

genbekannt sind, und konsequenterweise können 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-übergangsdichten zu-

rückzuführen ist. 
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Abb. 12: Vergleich des berechneten mikroskopischen imaginären Potentials für 
208Pb(p,p) mit dem phänomenologischen Potential von Ref. 151. 

In Abb. 12 vergleichen wir das berechnete, äquivalent lokale Potential für 

208Pb(p,p) mit dem phänomenologischen Potential von Ref. 151. Das berechnete 

Potential ist oberflächenabsorbierend 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 größte Ab-, 

sorption beim Radius r = 7.6 fm in guter Obereinstimmung mit dem phänomenolo­

gi sehen Potent i a 1, dessen größte Tiefe bei r = 7. 8 fm vorliegt. Die Verschi e-

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 1 eicht mit der Vernach 1 äss i gung der Di chteabhängi gkei t in der PTWW er­

k 1 ärt werden. Das Resultat für 208Pb (p ,p) zeigt deut 1 i eh, daß gute Struktur-

wellenfunkt i onen zur Beschreibung der intermediären Zustände benötigt werden, 

um die phänomenologischen Potentiale richtig beschreiben zu können. Das Volu­

menintegral pro Nukleon JW des mikroskopischen Potentials beträgt für 208pb 

33 MeV fm3 und das des phänomenologischen Potentials 73 MeV fm3. Das Volumen-
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integral/Nukleon von W ist also um einen Faktor ~2 kleiner als das des phäno-

menologischen Potentials. Diesen Faktor 11 211 haben wir auch schon beim Studium 

der mikroskopischen Potentiale für 40ca(p,p)- und 40ca(n,n)-Streuung gefun­

den32,33,35). 

3.5.2 Das absorptive Isovektorpotential w1 

Vom mi kroskopi sehen Standpunkt aus wird das Isovektorpotent i a 1 w1 in NfZ-Ker­

nen durch inelastische Obergänge der Oberschußneutronen (Protonen) in den 

letzten besetzten Schalen erzeugt. Abgesehen von Isospinfaktoren ist das Po­

tential w1 identisch mit dem Imagi närtei 1 des Ladungsaustauschübergangspoten­

tials zwischen dem Targetgrundzustand und seinem isobaren Analogzustand 

(lAS}+. Deshalb wählen wir diesen Obergang, um das Potential w1 mikroskopisch 

zu bestimmen. Es gibt vier Typen von intermediären Teilchen-Loch-Anregungen, 

welche in 2. Ordnung zur Anregung des lAS beitragen können. Diese involvieren 

intermediäre unelastische oder Ladungsaustauschanregungen, wobei im 2. Schritt 

entweder das intermediäre Teilchen oder das intermediäre Loch gestreut wird 

(s. Abb. 13). Die Summe der Beiträge dieser Diagramme ergibt dann in 2. Ord-

nung einen Ladungsaustauschoperator, der proportional zu u1=V1+iW1 ist. 

Für den isoskalaren Anteil W
0 

des imaginären optischen Potentials spielt die 

Kollektivität in den intermediären, inelastischen Obergängen eine zentrale 

Rolle. Die attraktive TL-Restwechselwirkung verschiebt die isoskalare Stärke 

zu niedrigen Anregungsenergien hin, verstärkt dadurch die Absorption in un-

elastische Kanäle und vergrößert in dieser Weise das imaginäre optische Paten-

+ Der isobare Analogzustand (IAS) wird auch häufig mit isobarer Analogreso­
nanz bezeichnet ( IAR). 
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Abb. 13: Teilchen(a,b)- und Loch(c,d)-Streuprozesse, die in 2. Ordnung Stö­
rungstheorie zum imaginären W1-Potential beitragen. 

tial. Die starken isoskalaren, kollektiven Zustände besitzen jedoch keine gro­

ßen Ladungsaustauschmatrixelemente mit dem lAS-Zustand. Die Zustände, die 

stark mit dem lAS koppeln, sind die Isovektorzustände, die jedoch energetisch 

nach oben verschoben sind und deshalb dahin tendieren, die Absorption eher zu 

verkleinern als zu vergrößern. Aus diesem Grund haben wir entschieden, das w1-

Potential mit reinen, ungestörten TL-Zuständen zu berechnen, wohl wissend, daß 

wir mit dies er Näherung nicht sehr viel an Ladungsaustausch übergangsstärke 

verlieren. Das angeregte Tei 1 chen (s. Abb. 13) wird entweder in gebundene Zu-

stände oder ins Kontinuum gestreut, welches wir exakt behandeln. 

In Abb. 14 zeigen wir das berechnete imaginäre Potential w1 zusammen mit einer 

separaten Rechnung für den Beitrag zu w1, der vom intermediären Deuteronkanal 

herkommt. Da die Formation eines intermediären Deuterons auch einer Projektil-

plus TL-Targetanregung entspricht, ist dieser Kanal nichtorthogonal zu den in-

termediaren unelastischen und Ladungsaustauschkanälen. Wir haben deshalb die 

Beiträge, die von diesen bei den Typen von Doorway-Zuständen herkommen, nicht 

addiert, aber zeigen sie beide, um eine Abschätzung für die Stärke dieses ei-
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Abb. 14: Vergleich des berechneten imaginären Isovektorpotentials w1 für 48ca 
mit dem phänomenologischen w1-Potential von Becchetti-Greenlees 144 J. Auch der 
Beitrag des intermediären Deuteronkanals zu W1 wird gezeigt. 

nen intermediären Deuteronkanals zu geben. Wegen der Doppelzählung stellt die 

Summe der Beiträge vom Deuteronkanal und den anderen TL-Doorways eine obere 

Grenze für die Absorption dar, die man von bei den Doorway- Typen gemeinsam er-

warten kann. In Abb. 14 zeigen wir auch das phänomenologische w1-Potential von 

Becchetti und Greenlees (BG) 144). Das Volumenintegral des BG-Potentials ist 

mehr als doppelt so groß wie das des berechneten Potentials. 
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3.5.3 Die Coulombkorrektur ßWc 

Die Coulombkorrektur wird üblicherweise nur am Realteil des optischen Potenti­

als vorgenommen 152 ). Sie trägt der Tatsache Rechnung, daß bei gleicher asymp­

totischer Einschußenergie die kinetischen Energien von Proton und Neutron am 

Kernaufgrund der Coulombkraft verschieden_sind. Deshalb wählt man zur Be­

schreibung der Protonstreuung das reelle Potential VN(E~Ec) bei der Energie 

E-Ec• wobei Ec die mittlere Coulombenergie im Kernbereich und E die asympto­

tische Einschußenergie ist. Die Energie E-Ec ist dann die mittlere kinetische 

Energie des Protonsam Kern. Der Vergleich mit dem Experiment zeigt, daß das 

Potential VN(E-Ec) die Daten tatsächlich besser beschreibt als VN(E). 

Neulich hat man festgestellt, daß eine Coulombkorrektur auch für den Imaginär­

teil des optischen Potentials gemacht werden muß. Diese Erkenntnis resultierte 

einerseits aus einem Vergleich von empirischen optischen Potentialen für Pro­

tonen und Neutronen 140 ), andererseits aber auch aus mikroskopischen Rechnungen 

für das imaginäre optische Potential 33 •153 ). Sowohl die Kernmaterienähe­

rung153) als auch die Kernstrukturnäherung33) zum optischen Potential fordern 

diese Korrektur. In der ersteren der bei den Näherungen entsteht die Coulomb­

korrektur durch die Abhängigkeit des imaginären Potentials für Kernmaterie von 

der Fermienergie, die für Protonen und Neutronen wegen des Coulombhintergrund­

potentials verschieden ist 15 3). In der zweiten Näherung ist der Coulombeffekt 

direkt mit der unterschiedlichen Absorption verknüpft, die Protonen und Neu­

tronen bei der Streuung vom endlichen Kern erfahren33). Dabei scheint die 

Kernstrukturnäherung geradezu ideal zu sein, um alle Coulombeffekte genau zu 

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

eingeschlossen. 
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Im Falle der Nukleonstreuung von 40ca verschwindet der Parameter~:: = (N-Z)/A 

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

Up = U
0

(E,r) + ßUC(E,r) 

Un = U0 (E,r) 

(3.24a) 

(3.24b) 

Die Coulombkorrektur erhält man dann durch Bildung der Differenz ßUC = U -U • 
p n 

Im wesentlichen gibt es zwei wichtige Coulombeffekte33 ). Der erste geht auf 

die Anregung von intermediären Ladungsaustauschzuständen zurück. Dazu betrach­

ten wir einen selbstkonjugierten Kern wie 40ca, bei dem die Zustande des Iso­

spin-T=l-Multipletts sowohl durch die 40ca(p,n)40sc- als auch durch die 

4°ca(n,p) 4°K-Reaktion angeregt werden können. Die Zustande in 4°K sind jedoch, 

verglichen mit ihren Doppeltanalogzuständen in 4°sc, um die zweifache Coulomb-

energie Ec energetisch nach oben verschoben. Während deshalb bei gleicher Ein­

schußenergi e E viele Ladungsaustauschzustände in der (n ,p) -Reaktion energe-

tisch offen sind und Fluß vom elastischen Kanal wegtragen, sind viele ihrer 

Doppeltanalogzustände in der (p,n)-Reaktion energetisch geschlossen und tragen 

desha 1 b nicht zur Absorption bei. Dies er Effekt des Ausschlusses von i nterme-

di ären Zuständen a 1 s absorbierende Kanäle in der Protonstreuung wird in der 

Neutronstreuung teilweise dadurch kompensiert, daß bei den (n,p),(p,n)-Prozes-

senein Coulombpropagator auftritt, der effektiv einige von den energetisch 

hochliegenden Zuständen ausschließt. 

Der zweite Coulombeffekt resultiert aus der intermediären Green-Funktion, die 

wegen des Coulombpotentials für Protonen und Neutronen verschieden ist. In der 

Kernmaterienäherung schließt das repulsive, konstante Coulombhintergrundpoten-

tial viele energetisch hochliegende, intermediare Zustände, die in der Neu-

tronstreuung zur Absorption beitragen, von der Absorption für Protonen aus, 
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weil das Coulombpotential die kinetische Energie der Protonen relativ zu der 

der Neutronen erniedrigt. Bei der Streuung von einem endlichen Kern tritt die-

ser Ausschlußeffekt dagegen in dieser drastischen Form nicht auf, weil hier 

das Coulombpotential für r+oo gegen Null strebt. Nur bei endlichen Abständen 

können hochliegende intermediäre Zustände effektiv ausgeschlossen sein. Trotz-

dem könnte man meinen, daß wegen dieses Ausschlußeffektes der Imaginärteil für 

Protonen kleiner wäre als der für Neutronen. Das Gegenteil ist jedoch der 

Fall, denn der Ausschluß von Zuständen im Fall der Protonstreuung wird durch 

einen größeren Protonpropagator für die zur Absorption beitragenden Zustande 

kompensiert. Der Protonpropagator ist größer als der Neutronpropagator, wei 1 

sich das Proton in dem repulsiven Coulombpotential langsamer bewegt als das 

Neutron. In der WKB-Naherung findet diese Eigenschaft ihren Ausdruck in dem 

Faktor (k(x))- 1/2 in der Wellenfunktion, wobei k die lokale Wellenzahl bedeu-

tet. Dieser Effekt ist so groß, daß, gabe es nicht den Ladungsaustauscheffekt, 

die Absorption für Protonen immer größer wäre als die für Neutronen. 
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Abb. 15: Äquivalent lokale imaginäre Neutron- und Protonpotentiale für 
40ca(n,n)- und 40ca(p,p)-Streuung bei 17.7 MeV Einschußenergie. 
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In Abb. 15 zeigen wir die berechneten äquivalent lokalen imaginären optischen 

Potentiale für 40ca(n,n) und 40ca(p,p) bei einer Einschußenergie von 17.7 MeV. 

Die berechneten Potentiale zeigen Oberflächenabsorption. Die maximale Absorp­

tion tritt etwas innerhalb vom Kern auf und die Potentialtiefen sind etwas 

kleiner als die von phänomenologischen Potentialen. Weil die Radialformen der 

beiden Potentiale verschieden sind, wählen wir wie Rapaport 14°) die Volumenin­

tegrale als das Maß, um die Potentiale zu vergleichen. Von Tabelle 1 sehen 

wir, daß das Volumenintegral des imaginären Neutronpotentials bei E = 17.7 MeV 

größer ist a 1 s das für Protonen mit derse 1 ben Einschußenergie. Es ist jedoch 

kleiner als das für 25 MeV Protonen, welche an der Kernoberfläche 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 für den Rea 1 tei 1 des opt i sehen Potent i a 1 s angewandt wur­

de152), auch für den Imaginärteil gelten sollte, müßten die berechneten Poten­

tiale für 17.7 MeV Neutronen und 25 MeV Protonen gleiche Absorption aufweisen. 

Von unseren Rechnungen sieht man, daß diese Vorschrift zwar in die richtige 

Richtung zielt, daß aber 17.7 Neutronen doch eine geringere Absorption erfah­

ren a 1 s 25 MeV Protonen. Bei genauerer Untersuchung stellt man fest, daß die­

ser Unterschied in der Absorption in unseren Rechnungen auf die starke 2+-Qua­

drupolriesenresonanz bei 19.6 MeV Anregungsenergie129) zurückgeht, die zur Ab­

sorption der Protonen (E = 25 MeV) beiträgt, aber nicht zur Absorption der 

Neutronen (E = 17.7 MeV). Die Tatsache, daß die Protonen in 40ca eine mittlere 

Coulombenergie von (25-17.7) MeV haben, ist offensichtlich irrelevant für ihre 

Fähigkeit, diese Riesenresonanz anzuregen. Die Obereinstimmung zwi sehen den 

berechneten und empirisch bestimmten Verhältnissen der Volumenintegrale in Ta­

belle 1 ist ziemlich gut. 
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Projektil E (MeV) J/A (MeV fm 3) 

n 17.7 

p 17.7 

p 25.0 

a = diese Arbeit; b = Ref. 

56.32 

45.38 

65.92 

140. 

1.24 

0.85 

1.26 

Tabe 11 e 1: Vo 1 umeni ntegra 1 e/ A von verschiedenen berechneten mi kroskopi sehen 
Potent i a 1 en W • In Spalte 4 und 5 sind Verhältnisse zwi sehen berechneten bzw. 
experimentell bestimmten Proton- und Neutronvolumenintegralen aufgeführt. 

3.5.4 Elastische Streuquerschnittsrechnungen von den mikroskopischen, 

nichtlokalen Potentialen 

Die berechneten mikroskopischen Potentiale W(~,r') sind nichtlokal. In§ 3.4.4 

haben wir die nichtlokalen Potentiale in 11 äquivalent 11 lokale Potentiale W um­

geformt. Wir haben dann diese äquivalent lokalen Potentiale mit den phänomeno-

logischen Potentialen verglichen und Unterschiede und Ähnlichkeiten zwischen 

beiden diskutiert. Ein weiterer wichtiger Test für die Qualität der mikrosko-

pischen nichtlokalen Potentiale besteht darin, daß man sie direkt in den ela-

stischen Streuquerschnittsrechnungen benutzt. Dazu haben wir ein Programm ent­

wickelt35), das das Potentialstreuproblem auch für nichtlokale Potentiale lö-

sen kann. Mit diesem Programm haben wir elastische Streuquerschnittsrechnungen 

für die mikroskopischen, nichtlokalen und äquivalent lokalen Potentiale durch-

geführt. Das benutzte nichtlokale Potential hat die Form 

(3.25) 
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wobei Vf das reelle Faltungspotential, Vc das Coulombpotential und w~ 2 )(r,r') 
das 2. Ordnung mikroskopische, nichtlokale, imaginäre optische Potential für 

die Partialwellet ist. Das äquivalent lokale Potential hat die Form 

(3.26) 

Abb. 16: Vergleich von berechneten 4°ca(p,p) differentiellen Streuquerschnit­
ten be1 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 äquivalent lokalen imaginären Potential. 

208Pb( } p,p 
Ep=14MeV 
-nonlocal (oReac.=412mb) 

---local (oReac.=488mb) 

20 40 60 80 100 120 140 160 180 
8c.m. [ deg.J 

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 äquivalent lokalen imaginären Potential. 
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wobei W(R) äquivalent lokal zu dem nichtlokalen Potential W(r,r•) ist. Die Re-

sultate, die wir mit diesen Potentialen erhalten haben, werden in Abb. 16 mit 

gemessenen elastischen Streudaten für 40ca(p,p) 154 ) und in Abb. 17 für 

208pb(p,p) 151) verglichen. Die Rechnungen für 40ca(p,p) stimmen bis zum Win­

kel e = 60° gut mit den Daten überein, aber bei größeren Streuwinkeln sind die 

berechneten Streuquerschnitte zu hoch, was auf zu geringe Absorption zurückzu-

führen ist. Obwohl das allgemeine Verhalten der beiden Winkelverteilungen, be-

rechnet mit den nichtlokalen und den äquivalent lokalen Potentialen, ziemlich 

ähnlich ist, gibt es Unterschiede bis zu 100% bei großen Streuwinkeln. Diese 

Abweichungen spiegeln die Ungenauigkeit der lokalen Näherung wider. Der Reak­

tionsstreuquerschnitt der nichtlokalen Rechnung beträgt 624 mb und der der lo­

kalen Rechnung 748 mb. Ein ähnliches Resultat wurde für 208Pb(p,p) (s. Abb. 

17) erhalten. Obwohl die beiden berechneten Winkelverteilungen in diesem Fall 

sehr ähnlich sind, existieren Unterschiede im Reaktionsstreuquerschnitt bis zu 

20 %. Dies deutet wiederum auf mangelnde Genauigkeit in der Lokalapproximation 

-- phen. (otot=1022.9mb) 

----- micr. (otot=806.9mb) 

10 ° '---'-~;;-----'-----;';o---'--;!:~-'--~,..----"-----:-!-:::--_l__-±~_j__J 
50 80 
ecm [ degrees J 

Abb. 18: Vergleich des berechneten 40ca(n,n) differentiallen Streuquerschnitts 
be1 E = 30 MeV mit den experimentellen Daten von Ref. 155. Die gestrichelte 
Kurve ist eine Rechnung mit dem mikroskopischen, äquivalent lokalen imaginären 
Potential und die durchgezogene Kurve eine Rechnung mit dem phänomenologischen 
Potential von Ref. 144. 
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hin. Für Neutronstreuung bei höherer Einschußenergie (30 MeV) scheint die 

übereinst i mmung zwi sehen mikroskopischer Streuquerschnittsrechnung und gemes­

senen Daten 155 ) etwas besser zu werden, wie man Abb. 18 entnehmen kann. Dort 

wird der mit dem äquivalent lokalen, mikroskopischen Potential W berechnete 

Streuquerschnitt mit den Daten von Ref. 155 und mit einer Rechnung, du rehge­

führt mit einem phänomenologischen Potential143 ), verglichen. Auch hier er­

zeugt das mikroskopische Potential W zu wenig Absorption, doch das Ergebnis 

ist insgesamt ermutigend. 

3.5.5 Der imaginäre inelastische Obergangsformfaktor 

Es ist seit langem bekannt 156- 158 ), daß ein komplexer Obergangsformfaktor be-

nötigt wird, um die unelastische Streuung zu kollektiven Kernzuständen gut zu 

beschreiben. Im kollektiven Modell1 59 ) erhält man den unelastischen Übergangs-

formfaktor als Ableitung des optischen Potentials 

F (r) = -ß L R ~ r [ V ( r ) +i W ( r) ] Y LM (3.27) 

wobei ßLR die Deformationslänge des Potentials ist. Dieser Formfaktor ist in 

natürlicher Weise komplex. In mikroskopischen Modellen12 9 ,1 57 ) berechnet man 

den Formfaktor normalerweise störungstheoretisch durch Faltung der beteiligten 

Kernzustände mit der PTWW 

(3.28) 
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welches einen reellen Formfaktor ergibt, wenn V reell ist. Jedoch die Daten 

tendieren dahin, besser mit Gl. (3.27) als mit Gl. (3.28) übereinzustimmen, so 

daß häufig ein Hybridmodell 157 •158 ) benutzt wird, in dem der Realteil des 

Formfaktors vom mikroskopischen Modell und der Imaginärteil vom makroskopi-

sehen Modell genommen wird. 

Den ersten Beitrag zum Imaginärteil des mikroskopischen Formfaktors erhält man 

in 2. Ordnung Störungstheorie (s. auch Gl. (3.9)): 

+ + ) Im F ( r, r • (3.29) 

Der Imaginärteil der Green-Funktion GN(r,r•) ist immer negativ. Da bei elasti­

scher Streuung der Anfangszustand 'l' i gl ei eh dem Endzustand 'l' f ist, erscheint 

in Gl. (3.29) ein Absolutquadrat des Matrixelementes l<'l'NIV/'l'i)/ 2• so daß alle 

Terme der Summe konstruktiv addieren. Bei der une 1 ast i sehen Streuung müssen 

die verschiedenen Terme nicht immer das gleiche Vorzeichen haben, sondern die-

ses könnte sogar 11 ZUfällig 11 und die Summe daher destruktiv sein. Andererseits 

zeigt der Erfolg des kollektiven Modells jedoch, daß auch bei unelastischer 

Streuung ein ziemlich großer Imaginärteil zu erwarten ist. Tatsächlich gibt 

das kollektive Modell einen imaginären Formfaktor, der über die Deformations-

lange ßR direkt mit dem ree 11 en Formfaktor in Beziehung steht. 

In Ref. 160 wurde bewiesen, daß die Interferenz zwischen den einzelnen Termen 

von Gl. (3.29) in der Tat teilweise destruktiv ist, jedoch nicht in einer zu-

fälligen, sondern in einer systematischen Weise. Der Beweis dafür basiert auf 

folgenden zwei Annahmen: 

(i) Die Anfangs- und Endkernzustände 'l'i und 'l'f unterscheiden sich nur durch 

eine Oberlagerung von TL-Anregungen 
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l'l'f) = I A .. a~a·/'~'·) . . Jl J 1 1 
J • 1 . 

(3.30) 

wobei aj ein Tei 1 chen im Zustand j erzeugt und ai ein Tei 1 chen im Zustand i 

vernichtet. Gl. (3.30) gilt für Tamm-Dancoff (TDA)- und RPA-kollektive Zustän-

de sowie auch für einfache Einteilchenübergänge. 

(ii) Die intermediären Zustände 'l'N sind ebenfalls mit dem Anfangs.:. und End­

zustand durch eine Linearkombination von lTll-Obergängen verbunden. 

Beide Annahmen sind in unserem Fall der Anregung des isobaren Analogzustands 

in der 48ca(p,n)48sc(o+,Ex = 6.68 MeV)-Reaktion perfekt erfüllt. In diesem 

+ + Fall ist der imaginäre Formfaktor Im F(r,r') von Gl. (3.29) identisch mit dem 

Potential w
1 
CrJ') aus Gl. (3.23). Wir haben bereits in § 3.5.2 gesehen, daß 

das berechnete mikroskopische Potential w1 in der Tat eine ähnliche Radialab­

hangigkeit wie das phänomenologische w1-Potential besitzt, wie es in Ref. 160 

vorausgesagt wurde. 

10 

First-order 

First+ second order 

1 

0.1 

0 
80° 

8cm 

Abb. 19: Winkelverteilungen für die 48ca(p,n) 48s(o+,Ex = 6.68 MeV)-Reaktion 
bei 25 MeV Ei nschußenergi e. 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 imaginäre Obergangspotenti-
al w1(r,r') einschließt. 
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In Abb. 19 zeigen wir Winkelverteilungen für die 48ca(p,n) 48sc(o+,Ex = 6.68 

MeV) -Reaktion bei 25 MeV Ei nschußenergi e. Zwei verschiedene, berechnete Wi n­

kelverteilungen werden mit den Daten 161 ) verglichen. Die gestrichelte Kurve 

ist das Ergebnis einer mikroskopischen, antisymmetrischen DWBA-Rechnung 1. 

Ordnung, wobei die EH-Wechselwirkung 137 ) als effektive PTWW benutzt wurde, und 

die durchgezogene Kurve ist eine völlig antisymmetrische DWBA-Rechnung 2. Ord­

nung, die das nichtlokale imaginare übergangspotential w1(r,"r') einschließt. 

Wie man aus Abb. 19 sieht, gibt die vollständige Rechnung 2. Ordnung bei grö-

ßeren Streuwinkeln eine bessere B~schreibung der Daten als die 1. Ordnung 

DWBA. Wir möchten hier jedoch nicht so sehr die Obereinstimmung mit dem Expe-

riment betonen, sondern die Tatsache, daß die Unelastischen Formfaktoren auch 

in mikroskopischen Modellen einen ziemlich großen Imaginarteil besitzen, wie 

er auch vom kollektiven Modell gefordert wird. 

4. "Mi kroskopi sehe" Beschreibung der i nel ast i sehen Nukleon-Kernstreuung 

und der Ladungsaustauschreaktionen 

4.1 Die antisymmetrisierte DWBA-Obergangsamplitude 

Mit dem Wort "mikroskopisch 11 bezeichnen wir hier den Versuch, den unelasti-

sehen Streuprozeß so weit wie möglich auf die Bewegung individueller Nukleonen 

und ihrer Wechselwirkungen zurückzuführen. Dies ist eigentlich nur dann mög-

lieh,' wenn der Reaktionsmechanismus nach einem direkten Einstufenprozeß ab-

läuft. In diesem Falle können wir das CC-System aus Gl. (2.19) auf folgende 

zwei Gleichungen reduzieren: 

{ T tU +e: - E} x ( + ) = 0 
a a a a 

(4.1a) 
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Dies ist die sog. DWBA-Näherung 162 •163 ) zur unelastischen Streuung in der 

Quelltermformulierung. Die Kopplung zwischen dem Eingangskanal a und dem Aus­

gangskanal ß wird nur in 1. Ordnung behandelt. Lösen wir Gl. (4.lb) nach xß 

auf 

(4.2) 

und beachten wir, daß der Green•s-Operator 

( T +U +E: - E ) -l 
ß ß ß 

(4.3) 

sich im Ortsraum asymptotisch wie 

verhält, so erhalten wir unter gleichzeitiger Berücksichtigung der Gl. (4.la) 

und (4.lb) die DWBA-Obergangsamplitude TD in bekannter Integraldarstellung: 
a+ß 

* D - f 3+ (-) -r + I . I (+) ~ + T ß - d r Xß (K
6

,r )('l'ß!L V(O,l) 'l' )x (k ,r ) • a+ o o . a a a o 
1 

* 

(4.5) 

Die 11 distorted waves 11 x(+) und x(-) sind die homogenen Lösungen der Gl. 
a ß 

(4.la) und (4.lb) mit den optischen Potentialen Ua bzw. Uß. Die optischen Po-

tentiale können in mikroskopischer Form vorliegen. Meistens jedoch werden sie 

durch phänomenologische, komplexe Woods-Saxon-Potentiale parametrisiert, deren 

Parameter so angepaßt sind, daß sie die elastische Streuung reproduzieren. 
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Die Obergangsamplitude fJ ß beschreibt nur den direkten (D) Streuprozeß. Füh-a.+ 

ren wir 

explizit 

nun die Antisymmetrisierung zwischen Projektil- und Targetnukleonen 

ein, so müssen wir zu TD ß noch die Austauschamplitude TE addieren. 
. a.+ a.+ß 

Dann ist die totale antisymmetrisierte DWBA-Obergangsamplitude gegeben durch 

(4.6) 

wobei TE in expliziter Form geschrieben werden kann als 1l9,129) 
a.+ß 

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, daß bei der Berechnung 

der Matrixelemente bezüglich der inneren Wellenfunktionen ~a. und tß in Gl. 

(4.5) und (4.7) mikroskopische Kernwellenfunktionen. verwendet werden. Dies 

können etwa Schalenmodell- oder RPA-Wellenfunktionen sein. Außerdem benötigt 

man eine mi kroskopi sehe PTWW V(O, i). Diese kann von phänomenalogischer Natur 

sein und aus einer Summe von Yukawa- oder Gaußkräften bestehen, deren Parame-

ter an unelastische Streudaten zu bekannten Kernzustanden angepaßt werden. Die 

PTWW kann aber auch eine realistische t-Matrix sein, die entweder aus der 

freien NN-Streuung abgeleitet oder auf mikroskopischer Basis durch Lösung der 

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

Der Notation Tamuras 164 ) folgend, schreiben wir für das direkte und das Aus­

tauschmatrixelement bezüglich der inneren Wellenfunktionen l~a.> = I IAMAsama) 

und l~s> = ji 8M8sbmb) in den Gl. (4.5) und (4.7): 
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(4.9) 

D ~ ·~ ~ ~b 
x {FJ."S(r

0
)i Y"-m + I FJ s (r ,r')[i ay (r )i Y b(r

0
')L_m"} 

;<.. ;<.. ~ ~a~b ~a~b 0 0 ~a 0 ~ ;<.. ;<.. 

D wobei der lokale, direkte Formfaktor Fj~s und der nichtlokale Austauschform-

faktor wie in Gl. (3.12a) bzw. Gl. (3.12b) berechnet werden. Ein Rechenpro-

gramm "FROST" wurde entwi ekelt, das den direkten und den Austauschformfaktor 

von Gl • ( 4. 9) berechnet. Dies es Programm wird dann mit dem DWBA-Code MARS von 

Tamura und Low166)gekoppelt, um den differentiellen Streuquerschnitt aus Gl. 

(2.28) zu berechnen. 

4.2 Das Energiefenster 

Damit wir vom gemessenen unelastischen Streuquerschnitt Kernstrukturinformati-

onen extrahieren können, müssen wir den Reaktionsmechanismus und die effektive 

PTWW kennen. Die PTWW ist im allgemeinen recht kompliziert. Sie ist eine Funk-

tion der Einschußenergie E, der Targetdichte p, sie ist nichtlokal und kom-

plex. Im Prinzip sollte sie durch die Bruecknersche NN-t-Matrix, Gl. (2.33), 

genähert werden. Die explizite Berechnung der t-Matrix für einen endlichen 

Kern ist jedoch sehr schwierig und bisher noch nicht durchgeführt worden. t­

Matrixrechnungenl8-21) existieren aber für Kernmaterie. Von diesen kann mit 

Hilfe der lokalen Dichtenäherung eine t-Matrix für endliche Kerne konstruiert 

werden. Es sollte jedoch betont werden, daß diese sog. realistischen Wechsel-

wirkungen noch immer Näherungen sind und daß ihre Darstellungen als effektive 
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Wechselwirkungen nicht eindeutig sind. In einem Übersichtsartikel hat Ma­

hauxl7) abgeschätzt, daß die Genauigkeit der Brueckner-Hart ree-Fock- (BHF) -Nä-

herung, die in diesen Rechnungen gemacht wird, nicht besser ist als 10% und 

daß die Rechenverfahren, die zur Lösung der BHF-Gleichungen benutzt werden, 

ebenfalls einen Fehler von 5 bis 10% involvieren. Konsequenterweise muß jede 

Obereinstimmung mit dem Experiment, die besser ist als diese Genauigkeit, als 

zufällig betrachtet werden. 

Ganz unabhangi g davon, we 1 chen Ursprung die effektive PTWW hat, kann diese 

aufgrund von Invarianzforderungen immer in eine Summe von Zentral (C)-, Spin-

Bahn (LS)- und Tensortermen ( T) zerlegt werden. Da die Behandlung von Streu-

problernen eine Multipolentwicklung der PTWW erfordert, ist es vorteilhaft, für 

diese eine lokale Darstellung zu wählen, denn dann ist die Multipolentwicklung 

verhältnismäßig einfach. Die Nichtlokalität des Streuproblems resultiert dann 

ausschließlich aus der Antisymmetrisierung zwischen Projektil- und Targetnu-

kleonen. In diesem Zusammenhang ist es günstig, die einzelnen Wechselwirkungs-

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

V(O,i) 
c c + + + + c + + + + = v0 (r0 . )+V (r0. )cr 0·cr.+V (r0.), 0·,.+V (r 0 . )cr 0·cr. , 0.,

1
. 

1 0 1 1 T 1 1 OT 1 1 

[ LS LS + + ]t ~ + v (ro. )+V (ro.) 'o"'· o· .:::, 1 T 1 1 1 
( 4. 1 Oa) 

wobei der relative Bahndrehimpuls zwischen Projektil 0 und Targetnukleon ge-

geben ist durch 

(4.10b) 
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und der Tensoroperator durch 

(4.10c) 

gegeben ist. In Gl. (4.10) bezeichnet r0; den Relativabstand zwischen dem Pro­

jektil 0 und dem Targetnukleon i, und s = so+S; ist der Gesamtspin der beiden 

wechselwirkenden Nukleonen. Die explizite Darstellung der Spin(o)- und Iso­

spin(-r)-Freiheitsgrade der PTWW ist vorteilhaft, weil das Projektil in einer 

Kernreaktion nur ganz bestimmte Spin-unp Isospinquantenzahlen auf den Kern 

überträgt. Alle Terme mit~. Sund s0; können Spin-Umklapp-Prozesse (S=l) be­

wirken und alle Terme mit -r Ladungsaustausch (T=l). 

Die verschiedenen Kraftkomponenten sind jeweils Funktionen der Einschußenergie 

E, wobei jede Kraftkomponente ihre spezifische Energieabhängigkeit besitzt. 

Bei niedrigen Einschußenergien (E <50 MeV) wird diese im allgemeinen von vie­

len Effekten beeinflußt (s. § 2.3). Für praktische Zwecke kann man sich jedoch 

die wichtige Tatsache zunutze machen, daß mit zunehmender Einschußenergie E 

(E>lOO MeV) die effektive Wechselwirkung der freien NN-t-Matrix immer ähnli-

eher wird, denn Effekte, die von der spezifi sehen Struktur des Targets herrüh-

ren, werden mit zunehmender Einschußenergie immer unwesentlicher. Bei 200 MeV 

Einschußenergie ist die effektive PTWW der freien NN-t-Matrix schon recht ahn-

lieh, so daß es für eine qualitative Diskussion der Energieabhängigkeit 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 Impulsnäherungl26) bezeichnet. Die Attraktivität dieser Näherung 

liegt auf der Hand, denn die t-Matrix kann direkt aus gemessenen NN-Streupha-

sen konstruiert werden, ohne ein NN-Potential einführen zu müssen. 



- 77 -

ClJ 
c:n T::O "- f+-Energie ClJ ___, 
c 0 Fenster S=O ClJ 

0 I I V) 

c:n -.:r I I c 
:::::1 I I ~ 
"- I 3 0 

__. 0 I ClJ ("1""'1 
V) 

I ..c. 
u 

I QJ 1"1""1 

3 E I 4- 0 I '- 0 
I I QJ > N .. 

""'0 •• V, I { T=1 ...... ClJ "j···· Gl: 
d z . ..... 

S=1 I .•..•. ~ ..•...••... '- -c:n 
0 

I Vr. I { T =1 QJ 
~ 0 0 
c: II ~ S=O ·-E c::r 

: { T=O :::::1 
I ___ 

.....J '- S=1 0 ::::::~ 
........ _ ..... , 

> "+-

zoo· 400 600 800 
Ep (MeV) ... 

Abb. 20: Ener:,g,ieabhängigkeit der Volumenintegrale der Zentralkomponenten der 
NN-t-Matrix 121 J. 

Abb. 20 zeigt, wie die einzelnen Kraftstärken der zentralen Wechselwirkung 

sich in dieser Impulsnäherung mit der Einschußenergie ändern. Aufgetragen sind 

die Volumenintegrale, d.h. V(q) beim Impulsübertrag q=O gegen die Einschuß­

energie E. Offensichtlich dominiert der spin-und isospinunabhängige Anteil v0 

überall, er erreicht jedoch ein breites Minimum für 150 MeV -=:::: E ....:::::.. 500 ~~eV. 

Diesen Energiebereich, in dem die PTWW besonders schwach wird, nennt man auch 

das Energiefenster. Die Existenz dieses Energiefensters resultiert aus der 

Tatsache, daß die 1s0-NN-Streuphase, die bei niedrigen Energien groß und posi-
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t i v ist, bei E ~ 200 MeV verschwindet und dann mit wachsendem E negativ 

wird4). Aus der stark attraktiven Wechselwirkung im 1S0-Kanal bei niedrigen 

Energien wird eine effektiv repulsive Kraft bei hohen Energien (E > 250 MeV). 

Anschaulich bedeutet dies, daß das gestreute Teilchen bei E ~ 200 MeV den re-

pulsiven, kurzreichweitigen Anteil der NNWW, d.h. den 11 hard core 11
, zu fühlen 

beginnt. Das Energiefenster ist nun besonders gut geeignet, um Kernstrukturei-

genschaften mit nuk 1 eoneni nduzi erten Reaktionen zu studieren, denn Di stort i-

onseffekte auf die einlaufende Projektilwelle und die auslaufende Ejektilwelle 

sind hier besonders klein. Außerdem sind aufgrund der schwachen PTWW Mehrstu-

fenprozesse unterdrückt. Die Kernanregungsspektren für Anregungsenergien 

E .;;; 50 MeV resultieren deshalb im wesentlichen aus Einteilchen-Einloch-Anre­
x 

gungendes Targetkerns, so daß sie unter Zuhilfenahme mikroskopischer Kernmo-

delle verstanden werden können99-105), 

Aus Abb. 20 läßt sich weiter erkennen, daß im Energiefenster Spin-Isospin­

Freiheitsgrade des Kerns besonders gut angeregt und studiert werden können, da 

die Kraftkomponente V , die Spin und Isospin ändert, hier relativ groß ist. 
OT 

Reaktionen, die nur den Spin oder nur den Isospin involvieren, sind hingegen 

in diesem Bereich stark unterdrückt, denn die Kraftkomponenten V und V sind 
T cr 

im Energiefenster verhältnismäßig klein. Man hat nun die Wahl, Kernzustände 

mit Reaktionen ohne Isospinänderung, z.B. durch (p,p') und (n,n') (isoskalare 

Anregung) oder mit Isospinänderung, z.B. durch (p,p'), (p,n) oder (n,p) (iso­

vektorielle Anregung), anzuregen. Erstere werden durch die Kraftkomponenten 

ohne ~·~-Anteil und letztere durch die mit ~.;-Anteil 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 Einschußenergi­

en (E.;;; 80 MeV) mit der (p,n)-Reaktion vornehmlich Isospinfreiheitsgrade des 

Targetkerns an, die keinen Spintransfer involvieren. Dies liegt daran, daß bei 
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niedrigen Einschußenergien die Kraftkomponente V 
T 

größer ist als V 
<H 

( s. 

Abb. 20). Durch Vergleich der bei niedriger und hoher Einschußenergie gemesse­

nen (p,n)-Spektren kann man dann verhältnismäßig leicht die verschiedenen iso­

vektoriellen Kernzustande mit und ohne Spintransfer trennen. Durch Messungen 

von Spektren bei verschiedenen Einschußenergien hat man sozusagen die Möglich-

keit, Kernspektren nach den verschiedenen Klassen von Kernzustanden zu zerl e-

gen. Macht man auch von der Streuung zusammengesetzter Projektile wie Deute­

ron, 3He- und a-Teilchen Gebrauch, so erhält man aufgrundder speziellen Aus-

wahlregeln für diese Reaktionen zusätzliche Selektivität. Ein a-Teilchen mit 

S=O,T=O kann z.B. nur isoskalare Nicht-Spinflip-Zust.ände anregen, während po-

larisierte Deuteronen gezielt T=O,S=l-Zustände anregen. 

4.3 Der Kern als Filter 

Die Tatsache, daß infolge der Auswahlregeln nur bestimmte Komponenten der ef-

fektiven Wechselwirkung zu einer Reaktion beitragen, kann man benutzen, um 

eben diese Wechselwirkung zu testen. Voraussetzung ist, daß die Struktur der 

beteiligten Kernzustände genau bekannt ist, z.B. durch Untersuchungen mit in-

elastischer Elektronenstreuung oder mit anderen nichthadronischen Sonden. Um 

die Komponente v0 der Zentralkraft und die isospinunabhängige Komponente der 

Spin-Bahnkraft (VLs) zu untersuchen, kann man z.B. ein Multiplett von Kernzu­

ständen mit natürlicher Parität I= o+,2+,4+, ••• ,12+ wählen, wie es z.B. in 

208Pb existiert. Da Drehimpuls I und Impulsübertrag q qualitativ nach I"'qR zu-

sammenhängen (R = Kernradius), wird bei den mit kleinen Impulsüberträgen er­

zeugten niedrigen Spinzuständen (0+,2+,4+) hauptsächlich die Zentralkraft bei­

tragen, während für die Hochspinzustände (1=10+) überwiegend die Spin-Bahn-
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Kraft wirksam ist1 27 ). In ahnlicher Weise kann man die isospinabhängigen Terme 

V
1 

und VLSt durch eine Ladungsaustauschreaktion vom Typ (p,n) prüfen. Die 

Kraftantei 1 e V und die Tensorkraft schließlieh werden am besten an Multi­
OT 

pl etts mit unnatürlichen Paritäten (Jn = 1+ ,3+ ,s+'" •• ) untersucht, wobei wie-

derum die niedrigen Spinzustände hauptsächl i eh auf die Zent ra 1 kraft und die 

hochliegenden auf die Tensorkraft empfindlich sind. Die in der beschriebenen 

Weise festgelegte effektive Wechselwirkung bildet ihrerseits die Basis zur In-

terpretat i on von Kernstrukturdaten, die mit hadroni sehen Projekt i 1 en gewonnen 

werden. In den folgenden Abschnitten werden wir zeigen, daß dies in ausge-

zeichneter Weise funktioniert. 

5. Analyse von Gamow-Teller-Resonanzen 

In diesem Kapitel wollen wir die Riesenresonanzzustände, die durch Ladungsaus-

tauschreaktionenangeregt werden, diskutieren. In einem ersten Abschnitt wer-

den wir die experimentelle Situation darlegen, dann werden wir die Kernstruk-

tur der beteiligten Zustände angeben und anschließend eine vollständige, mi-

kroskopische Analyse der gesamten Vorwärtswinkelspektren für (p,n)-Reaktionen 

präsentieren. 
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5.1 Experimentelle Situation 

5.1.1 Die Nullgradspektren 

Die (p,n)-Experimente48- 59 ) bei intermediären Einschußenergien 

(100 MeV..; E ..; 200 MeV) an der Indiana Cyclotron Facility (IUCF) haben zu 
p 

einem größeren Durchbruch in unserem Verständnis von Spin- Isospi n-Korre 1 at i o-

nen in Atomkernen geführt. Abb. 21 zeigt 0° (p,n)-Spektren für eine Reihe von 

5 

a ..... 
:ö 5 ..... 
a 

5 

(p,n) 

Ep = 200 MeV 
169Tm e=oo 

112sn 
lAS 

I 

140 160 180 200 140 160 180 200 
En (MeV) 

Abb. 21: Neutronflugzeitspektren für verschiedene Targetkerne bei 200 MeV Ein­
schußenergie, gemessen an der Indiana University Cyclotron Facility (IUCF). 
Die Normierung der Spektren ist relativ, so daß die verschiedenen Spektren di­
rekt miteinander verglichen werden können (von Ref. 54). 

Targetkernen quer übers peri odi sehe System der Elemente bei einer Einschuß­

energie von 200 MeV 54 ). Die doppelt differentiellen Streuquerschnitte sind 

als Funktion der Neutronenenergie im Ausgangskanal aufgetragen. Die Spektren 

der Kerne mit N>Z werden von einem einzigen Peak dominiert. Dies er ist um so 

größer und stärker, je größer der Neutronenüberschuß (N-Z) des betreffenden 

Kerns ist. Man interpretiert diesen Peak als einen kollektiven 1+-zustand. 
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Abb. 22: Schematische Darstellung der 1 TlL-Obergänge, die die GTR in 90 Zr ( a) 
bzw. 2°8Pb (b) aufbauen. 

Diese sog. Gamow-Teller-Resonanz (GTR) ist eine kollektive Spin-Isospin-

Schwingung, bei der die Oberschußneutronen in kohärenter Weise ihre Spins und 

Isospins umklappen, ohne ihre Ortswellenfunktion zu ändern. Die beteiligten 

Einteilchenübergänge, die diese GTR aufbauen, sind für die Kerne 90zr und 

208pb in Abb. 22a und b dargestellt. Zur Anregung dieser Obergänge wird der 

GT-Obergangsoperator cr•_ benötigt. 

Daß die beobachtete Resonanz einer Spin-Isospin-Schwingung entsprechen muß, 

kann schon allein aus der Abhängigkeit des gemessenen Streuquerschnitts von 

der Einschußenergie E gefolgert werden, denn das Verhältnis zwischen Streu-

querschnitten zu Spi nfl i p- und Ni cht-Spi nfl i p-Zuständen ändert sieh drama-

t i sch, wenn die Einschußenergie über einen größeren Energi eberei eh variiert 

wird. Dies kann man aus Abb. 23 erkennen, in der 0°-Spektren für die 

90 zr(p,n)-Reaktion bei Einschußenergien von 120 MeV und 200 MeV miteinander 

verglichen werden59). Bei 120 MeV wird die bekannte o+ isobare Analogresonanz 

(IAR)167,168), die einer kollektiven Isospinschwingung der Oberschußneutronen 
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Abb. 23: Neutronflugzeitspektren für 90zr bei 120 MeV und 200 MeV Einschuß­
energie (von Ref. 59). 
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Abb. 24: Schematische Darstellung der lTlL-übergänge, die die !AR in 90 zr (a) 
bzw. 208pb (b) aufbauen. Dies sind Fermiübergänge, die durch den Operator, 
induziert werden. 
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ohne Beteiligung der Spinfreiheitsgrade entspricht (s. Abb. 24), noch wesent-

1 i eh stärker angeregt a 1 s die GTR, aber bei 200 MeV ist es gerade umgekehrt. 

Hier besitzt die GTR einen weit größeren Streuquerschnitt als die IAR. Diese 

Änderung in der Anregungsstärke der Zustände bei verschiedenen Einschußenergi-

en ist ein Resultat der unterschiedlichen Energieabhängigkeit der Kraftkompo-

nenten V und V , die die IAR bzw. die GTR anregen. Aus Abb. 20 sieht man, 
T O"T 

daß die Kraftstarke V relativ zu V mit wachsender Einschußenergie abnimmt. 
T O"T Vcr-rl2 

Das relative Verhaltnis beträgt bei 200 MeV etwa 1---vJ-"' 10. Dieses Verhalt-

nis spiegelt sich dann direkt in den 0°-(p,n)-Streuquerschnitten für die IAR 

und die GTR wider. Offensichtlich kann man durch geeignete Wahl der Einschuß-

energiebestimmte Klassen von Kernzuständen ganz selektiv anregen, wie bei 200 

MeV die Spin-Isospinflip-Zustande. 

Aus den 0°-Streuquerschnitten der IAR und der GTR kann die Energieabhangigkeit 

der Kopplungspotentiale V und V direkt abgeleitet werden. Dazu machen wir 
T O"T 

uns zunutze, daß sich im Grenzfall kleiner Impulsüberträge die differentiellen 

Streuquerschnitte für Fermi (F)- und GT-übergänge in der Impulsnaherung 

schreiben lassen als51) 

dcr 
dnF (q-vü) 

k 
= ( _11_) 2 _!_ N I J I 2 B ( F ) 

21T h2 k i T T 
(5.la) 

k 
~ (q-vü) = ( _1.1_) 2 _!_ N I J 1

2 B(GT) 
dSGGT 2nh2 ki cr-r cr-r 

(5.1b) 

·wobei ki und kf die Wellenzahlen der einlaufenden und auslaufenden Streuwellen 

sind und ~ die reduzierte Masse ist. N und N sind Distortionsfaktoren, um 
O"T T 

die die Streuquerschnitte aufgrund der Absorption der Streuwellen im Eingangs-

und Ausgangskanal gegenüber dem Born-Streuquerschnitt reduziert werden. lJi e 

Distortionsfaktoren können durch Vergleich von Streuquerschnitten, die einmal 
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mit ebenen und einmal mit optischen Streuwellenfunktionen berechnet werden, 

einfach bestimmt werden. Bei 50 MeV Einschußenergie 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, daß die Atomkerne ge-

genüber 200 MeV Protonenstreuung sehr transparent sind. Die Größen J und J 
T C1T 

in Gl. (5.1) bezeichnen die Volumenintegrale der Kraftkomponenten V bzw. V 
T C1T 

der effektiven PTWW, die den Fermi- bzw. Gamow-Teller-übergang induzieren. Die 

B-Werte für die Kernübergänge i+f (i: = Anfangszustand, f: = Endzustand) sind 

definiert durch 

B(F) Fermiübergang (5.2a) 

B( GT) 
A 

= I <f I I C1 ( k )t- ( k) I i > 2 

]J k=1 ]J 

Gamow-Teller-übergang (5.2b) 

Die gleichen Übergangsmatrixelemente treten beim ß_-Zerfall auf. Die (p,n)-Re-

aktionkann neben den Endzuständen f, die beim ß_-Zerfall erreichbar sind, 

auch solche GT-übergänge anregen, die beim ß-Zerfall energetisch verboten sind 

( s • Ab b • 2 5 ) • 

Wählt man nun einen Satz von Kernzuständen aus, deren B-Werte vom ß-Zerfall 

her bekannt sind, und mißt man für diese Obergänge den 0° (p,n)-Streuquer­

schnitt als Funktion der Einschußenergie E, so kann man mit Hilfe von (5.1a) 

und ( 5 .1b) die E-Abhängi gkeit der Vo l umeni ntegra l e J (E) und J (E) be-
' cn 

stimmen. Dies ist von den Experimentalphysikern getan worden54,5 9-61). Bei 200 

MeV Einschußenergie finden 

3 IJ<H 12 fm , d.h. ~ ~ 10. 

sie die Werte J 
'[ 

= 48 MeV fm3 und J = 151 MeV 
<H 



T +1 
0 

T 
0 

T -1 
0 

T 
0 

T -1 
0 

T -1 
0 

- 86 -

1+ 
1+ 

1+, GTR 
1+ 

o+, !AR 

o+ 

1+ 

g. s. 
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Abb. 25: GT (M1)-Anregungen in einem neutronenreichen Kern mit Isospin jT0 ,To). 
Der Operator cr-r 3 (bzw. die (p,p 1

)- oder (e,e•)-Reaktion) regt die 1+ (M1)­
Starke im Kern (Z,N) an, der Operator -r_ (bzw. die (p,n)-Reaktion) die IAR und 
der Operator cr-r_ (bzw. die (p,n)-Reaktion) die GT (ß_)-Stärke im Nachbarkern 
(Z+1,N-1). Der Operator cr-r+ (bzw. die (n,p)-Reaktion) mißt die GT (ß+)-Stärke 
aus. Die totale GT (ß_)-Stärke verteilt sich auf Zustände mit Isospin Tf = T0 -1, 
T0 und T0+1, deren relative übergangsstärke durch das Quadrat des Clebsch-Gor­
dan (CG)-Koeffizienten (T0 T0 1-1ITfT0 -1) 2 bestimmt wird. Für Tf;:: T0 -1 gilt: 
(CG)Z ~ 1, für Tf = T0 : (CG)Z ~+-und für Tf = T0 +1: (CG) 2 ~ 2\ 

0 0 

Die experimentelle Bestimmung der Volumenintegrale J und J durch Analyse 
T <JT 

bekannter F- und GT-übergänge kann man auch als Normierung der (p,n)-Daten auf 

den ß-Zerfall auffassen. Dies ist so, weil die B-Werte durch den ß-Zerfall auf 
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modellunabhängige Weise bestimmt sind. Kennt man nun die Volumenintegrale J 
T 

und J , so kann man mit Hilfe der (p,n)-Reaktion auch die restliche Fermi-
aT 

und Gamow-Teller-Starke ausmessen und so die totalen F- und GT-übergangsstär-

ken öestimmen. Letztere erfüllen ganz allgemeine, modellunabhängige Summenre-

geln, die man von Kommutatorrelationen der Isospinoperatoren '+und, herlei­

ten kann 77 ). Für Fermiübergänge gilt: 

ß ß 
= I B(F,i+f)- I B(F,i .t f 1

) (5.3a) 
f f• 

= ss ( F) ss ( F) = ( N-Z) 
+ 

und für Gamow-Teller-Obergänge 

ß ß+ =I B(GT,i + f) -I· B(GT,i + f) 
f f 1 

(5.3b) 

= Sß (GT) S (GT) = 3 (N-Z) 
ß+ 

Die Gl. (5.3a) und (5.3b) geben die Differenz zwischen der S - und der S +-
ß- ß 

Stärke an, die ausgehend von einem Anfangszustand / i) durch Anregung aller 

Endzustände I f> erzeugt werden kann. Man beachte, daß die Summenregeln weder 

vom Anfangs- noch von den Endzuständen abhängen. Dies bedeutet, daß sie mo-

dellunabhängig sind. Die einzige Annahme, die bei der Herleitung von (5.3a) 

und (5.3b) gemacht wurde, ist die, daß cr und '± Einkörperoperatoren sind, die 

nur die Spin- bzw. Isospin-Richtungen der Nukleonen ändern. 
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Um diese Summenregeln nun zum Vergleich mit (p,n)-Experimenten heranziehen zu 

können, muß man die Sß+-Stärke kennen. Diese könnte 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 11 energiescharfen 11 Neutronen er-

möglicht. Daher können die Summenregeln (5.3a) und (5.3b) mit guter Genauig-

keit nur in schweren Targetkernen mit großem Neutronenüberschuß überprüft wer­

den. Für diese Kerne wie z.B. 208pb ist die Sß+-Stärke sehr klein, weil bei 

der Transformation eines Protons in ein Neutron die meisten Neutronenzustände 

schon besetzt sind. Im 11 lndependent Particle 11 -Modell gilt tatsachlich für qie-

se Kerne: S + = 0. Das Vorhandensein von Grundzustandskorrelationen ermöglicht 
ß 

jedoch die Erzeugung von S +-übergangsstärke (s. Abb. 26), die nicht unbedingt 
. ß 

groß sein muß, aber trotzdem zu S + ! 0 führt. 
ß 

~ 

' \ 

\ I 

I 
I ,\ 

d 'o 

p 

2T2L-An regung 

fJ 
I 

I 

/I 
I 

0 

p 

ß+-Endkern 

Abb. 26: GT(ß+)-übergänge, die in einem Kern mit großem Neutronenüberschuß 
aufgrund von Grundzustandskorrelationen ermöglicht werden. Die 2T2L-Konfigura­
tion ist zu einem Spin JTI = o+ gekoppelt. 

Nun findet man experimentell, daß die gesamte Fermi -übergangsstärke in einem 

Zustand, nämlich in der IAR, konzentriert ist 59 ). Dieser Zustand schöpft ganz 

allein schon die Summenregel sß_(F) = (N-Z) aus. Das Gegenteil scheint hinge­

gen für die GTR der Fall zu sein. Für diese fand man experimentell, daß sie 
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FRACTION of GT -SUMRULE OBSERVED in ( p,n) 
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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
Stärke häufig in einem einzigen energiescharfen Zustand konzentriert. Die 
schraffierte Fläche soll die Unsicherheit bei der Definition eines Untergrunds 
andeuten. Die Abb. wurde von Ref. 59 übernommen. 

etwa nur 50 % der minimalen Summenregelstärke Sß = 3(N-Z) ausschöpft, und 

zwar in allen untersuchten Kernen (s. Abb. 27). Die interessante Frage, die 

sich sofort stellt und die in den letzten Jahren viele Kernphysiker beschäf-

tigt hat, ist die nach der fehlenden GT-Stärke. Teilweise hat man für dieses 

Fehlen der GT-Stärke innere Freiheitsgrade des Nukleons verantwortlich ge-

macht. Dies kommt wie folgt zustande. Die Summenregel, Gl. (5.3b), beruht auf 

der Annahme, daß die Nukleonen keine Substruktur besitzen. Nun bestehen die 

Nuk 1 eonen aber aus Gluonen und Quarks, wobei 1 etztere Fermionen mit Spin 1;2 

und Isospin 1;2 sind. Folglich kann die (p,n)-Reaktion auch einen Quark-Spin­

Isospin-übergang induzieren, wobei das Nuk 1 eon in ein ll- Isobar (M = 1232 MeV, 

S = 3/2, T = 3/2) übergeht. Die Gamow-Teller-Stärke, die zu den N+ll-übergängen 

gehört, ist sehr groß, denn alle Nukleonen im Kern können dazu beitragen, weil 

kein Pauli-Prinzip diese Anregung im Kern verbietet (s. Abb. 28). Im Gegensatz 

dazu können an der normalen GT-Schwingung nur die Oberschußneutronen teilneh-

men. Es besteht nun kein Zweifel daran, daß ll's im Kern angeregt werden kön-

nen. Verschiedene Ladungsaustauschreaktionen, induziert von hochenergetischen 
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Abb. 28: GT-Stärkeverteilung für 208Pb unter Einschluß von (~N- 1 )-Anregungen. 
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Abb. 29: Tritonspektrum für die 12c(3He,t)12N-Reaktion bei 2 GeV Einschußener­
gie, gemessen am Saturn-Synchrotron in Saclay165). 



- 91 -

Protonen mit E = 800 MeV 169 ) oder von 3He-Teilchen und E ~ 2 GeV l?O), weisen 

im Anregungsenergiebereich von 300 MeV eine mehr als 100 MeV breite Resonanz­

struktur im Streuquerschnitt beim Streuwinkel e = 0° auf (s. Abb. 29). Die 

Frage jedoch ist, inwieweit diese energetisch hochliegenden 1:!. Teilchen-Nukle-

anlach-Zustände in die tiefliegende GT-Resonanz hineinkoppeln und deren über-

gangsstärke im Niederenergiebereich reduzieren können. Die Beantwortung dieser 

Frage hangt wesentlich von der Stärke der (!:!.N- 1 ) -Restwechselwirkung im Kern 

ab. 
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Abb. 30: Neutronspektrum für die 144sm(p,n)144Eu-Reaktion. Der Grundzustands­
übergang (schraffierte Fläche bei En = 15.3 MeV) hat einen B(GT)-Wert, der vom 
ß-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 Experimentalphysiker60 ) zunächst nur 50% der GT-Stärke in den Nie-

derenergiespektren der (p,n)-Reaktionen gefunden haben, ist es durchaus nicht 

klar, ob dieses Fehlen allein (oder vielleicht sogar überhaupt) auf den Quark­

Spinflip-Mechanismus zurückzuführen ist. Dies sieht man am besten anhand von 

Abb. 30, in der das Nullgradspektrum für die 144sm(p,n)144Eu-Reaktion59) ge-

zeigt wird. Wie bereits oben dargestellt, bildet die GT-Resonanz den dominan-
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ten Zustand im Spektrum. Die GT-Resonanz selbst hat eine Breite von~ 5 MeV 

und sitzt auf einem· breiten kontinuierlichen Spektrum von Zuständen. Dieses 

wird als 11 Untergrund 11 für die GT-Resonanz angenommen. Der Untergrund geht auf 

Kernanregungen zurück, die nicht vom GT-Typ sind. Die Frage ist nun, wie man 

zwi sehen GT-Streuquerschnitt und Untergrund unterscheiden soll. In Abb. 30 

werden zwei Möglichkeiten der Untergrundsubtraktion gezeigt 59 ). Je nach Wahl 

des Untergrunds erhält man verschieden große GT-Streuquerschnitte und damit 

eine verschiedene Ausschöpfung der Summenregelstärke. Deshalb besteht ein ganz 

wichtiges Problem bei der Extraktion der GT-Stärke darin, den Untergrund mög-

liehst genau zu bestimmen. 

5.1.2 Die 90 zr(p,n)90Nb-Spektren bei Streuwinkeln e:t:0° 

Um entscheiden zu können, ob die Unterdrückung der GT -Stärke im wesent 1 i chen 

auf die Ankopplung der GT-Resonanz an die ß(33)-Resonanz zurückzuführen ist 

oder ob die fehlende GT-Stärke sich im 11 angeblichen 11 Untergrund befindet, müs-

senwir den Untergrund direkt berechnen. Wir greifen diese Frage an, indem wir 

von den bei verschiedenen Streuwinkeln gemessenen 9°zr(p,n)-Spektren ausgehen. 

Diese Spektren 54) sind in Abb. 31 als Funktion des Q-Wertes+ und des Streuwin­

kels e aufgetragen. Man sieht, daß im Energiebereich zwischen Q = -8 MeV und 

Q = -20 MeV die GT-Zustände bei Vorwärtswinkeln einen sehr großen Streuquer­

schnitt besitzen, der aber mit wachsendem Streuwinkel sehr schnell abfällt. 

Bereits bei e = 7° ist der GT-Peak verschwunden. Die Winkelverteilung der GT-

+ Der negative Q-Wert QRn entspricht, abgesehen von der kleinen Proton-Neu­
tron-Massendifferenz m = 0.75 MeV, der Anregungsenergie Ex, d.h. 
Ex = -Q(p,n~Ö0.75, wenn man die Anregungsenergie bezüglich des Grundzu-
standes von Zr mißt. 
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so 
Zr (p,n) 

Ep=200 MeV 

Abb. 31: Neutronspektren für die 9°zr(p,n)-Reaktion bei verschiedenen Streu­
winkeln a (von Ref. 54). 

Zustände hat eine sog. L=O-Form, wobei L den während der Reaktion auf den Kern 

übertragenen Bahndrehimpuls L angibt. Wie wir oben bereits wiederholt erwähnt 

haben, klappen die Neutronen, die an der GT-Schwingung beteiligt sind, nur ih-

re Spins und Isospins um, ändern aber ihre Ortswellenfunktion nicht. Deshalb 

benötigt man auch keinen Bahndrehimpulsübertrag, um diese Schwingung anzure-

gen, d.h. L=O. Eine Kernreaktion, in der kein Bahndrehimpuls übertragen wird, 

hat im differentiellen Wirkungsquerschnitt ihr erstes Hauptmaximum bei 0°. 
Dies ist für die GTR und für 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 
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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 Winke 1 verteil ung eine L=1-Form, was darauf sch 1 i eßen 1 äßt, daß es sieh 

hier um eine Spin-Isospinflip-Resonanz handelt, bei der die Targetnukleonen 

auch ihre Ortswellenfunktionen ändern und einen Bahndrehimpuls L=1 aus der Re­

lativbewegung zwischen Projektil und Target übernehmen. Wir werden zeigen, daß 

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 Zuständen mit Spin-Parität Jn = o-, 1+ und r interpretiert wor­

den 171 ). 

Im Anregungsenergiebereich zwischen 30 und 45 MeV kann man noch eine weitere 

Struktur identifizieren, die nun ihren größten Streuquerschnitt bei 9.5° er­

reicht. Dies ist, wie wir zeigen werden, eine Spin-Isospin-Quadrupolschwingung 

(L=2,S=1,T=1). Energetisch gesehen ist sie eine 211w-Schwingung und schließt 

Zustände mit Spin-Parität Jn = 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, daß der gesamte gemessene Streuquerschnitt bis hinauf zu 

Anregungsenergien von Q = -70 MeV durch Spin- Isospinflip-Anregungen vom Ein­

teilchen-Einloch(1Tll)-Typ erzeugt wird. Unsere Rechnungen beschreiben alle 

Teile der Spektren, auch die, die üblicherweise zum Untergrund gezählt werden. 

Da wir die experimentellen Spektren im gesamten Energiebereich von Q = 0 bis 

Q = -70 MeV und im gesamten Winkelbereich von 8 = 0° bis 8 = 18.7° analysie­

ren, sind wir in einer guten Position, zuverlässige Aussagen über die Gesamt­

Spin-Isospin-Obergangsstärke zu machen, die in der (p,n)-Reaktion beobachtet 
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wird, und auch über die Frage, ob die GT -Stärke im Ni ederenergi eberei eh durch 

(ilN- 1)-Beimischungen unterdrückt wird oder nicht. Dadurch, daß wir die Spek­

tren bei allen Streuwinkeln gleichzeitig analysieren, schließen wir zwei große 

Unsicherheiten aus, die gewöhn)ich bei der Extraktion der GT-Stärke auftreten. 

Erstens haben wir kein Untergrundproblem, denn wir berechnen die gesamten 

Spektren. Zweitens werden Ungenauigkeiten bei der Extraktion der Stärke, die 

aus der Breite der Resonanzen resultieren, minimiert, weil wir die Spektren 

bis zu hohen Anregungsenergien hin untersuchen. Falls eine starke Verschiebung 

von 1 Tll-Stärke zu hohen Energien hin auf grund einer asymmet ri sehen Dämpfung 

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 Ana 1 yse der Daten ist die, daß der 

Streuquerschnitt in (p ,p • )- und (p ,n) -Reaktionen bei hohen Einschußenergien 

(Ep > 150 MeV) und bei Vorwärtswinkeln dominant durch Einstufenprozesse er­

zeugt wird, und zwar für alle Anregungsenergien, die kleiner sind als die 

Hälfte der Ei nschußenergi e99-102 ,104). Diese Annahme wird sowohl vom Experi­

ment als auch von der Theorie unterstützt. So zeigen die 0°-Streuquerschnitte 

für die 200 MeV-Daten in Abb. 21 einen charakteristischen Abfall mit zunehmen­

der Anregungsenergie. Große Beiträge von Zwei- und Mehrstufenprozessen sollten 

dagegen zu einem Anstieg im Streuquerschnitt mit wachsender Anregungsenergie 

führen, weil die Dichte der 2T2L-Endzustände, die dann mit Mehrstufenprozessen 

erreichbar sind, stark ansteigt. Rechnungen für Mehrstufenprozesse von Chiang 

und Hüfner172) sowie Rechnungen von Bertsch und Scholten173) zeigen, daß der 
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Streuquerschnitt unter Vorwärtswinkeln bei hochenergetischen (p,p• )-Reaktionen 

hauptsächl i eh auf Einstufenprozesse zurückgeht. Auch unsere mi kroskopi sehen 

Rechnungen 99 - 102 •104 ) haben gezeigt, daß diese Annahme in der Tat richtig ist. 

Deshalb dürfen wir annehmen, daß die Vorwärtswinkelspektren in der (p,n)-Reak-

tion bei Ep > 150 MeV aus einer einfachen Oberlagerung von Streuquerschnitten 

von Unelastischen Anregungen zu gebundenen und ungebundenen Zuständen bestehen 

(s. Abb. 32). 

protons neutrons 

1nw 
01iw 

Abb. 32: Schematische Darstellung des mikroskopischen Modells, das in den Un­
tergrundrechnungen benutzt wird. In der Abb. bezeichnet e:F die Fermienergie, 
Es die Nukleonseparationsenergie und EP. die Projektilenergie. Für die effekti­
ve PTWW Veff wird die freie NN-t-Matrix in der Parametrisierung von Love und 
Franey 127 J verwandt. 
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Da die Impulsnäherung bei intermediären Energien ziemlich genau ist, approxi-

mieren wir die effektive PTWW durch die freie Nukleon-Nukleon t-Matrix in der 

Parametrisierung von Love und Franey 127 ). Wie wir in§ 4.2 gezeigt haben, tra-

gendann nur die Spinflip-Zustände (S=l,T=l) zu den (p,n)-Spektren bei, weil 

die Streuquerschnitte zu den Nicht-Spinflip-Zuständen (S=O,T=l) wegen des 

Kraftstärkeverhältnisses von ~~~' j 2 ~ 10 stark unterdrückt sind. Aus diesem 

Grund vernachlässigen wir die Streuquerschnitte zu Nicht-Spinflip-Zuständen in 

unserer Analyse der (p,n)-Spektren, ausgenommen den zur IAR. Von den Spinflip­

Zuständen schließen wir alle mit den Multipolaritäten L=O bis L=4, d.h. alle 

Zustände mit Spin-Parität Jn = o-,l+,l-,2+,2-,3+,3-,4-,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 11 Independent Part i c 1 e 11 -Mode 11. In diesem Mode 11 wird die 

Struktur des Targetkerns auf die Bewegung unabhängiger Nukleonen in einem Ein-

teilchenpotential zurückgeführt. Die in der Reaktion angeregten Zustände sind 

dann ungestörte TL-Doorway-Zustände, die gebunden oder ungebunden (Kontinuum-

zustände) sein können (s. Abb. 32). Die Einteilchenwellenfunktionen für die 

gebundenen und ungebundenen Zustände werden von einem Woods-Saxon-Potenti al 

erzeugt, welches so gewählt wird, das es die bekannten experimentellen Ein-

tei 1 chenenergi en reproduziert. Das Protontei 1 chen und das Neutron 1 och werden 

zu Zuständen mit Spin-Parität Jn gekoppelt. Dies ist vorteilhaft, weil zu den 

Vorwärtswinkelstreuquerschnitten nur Zustände mit niedriger Multipolarität 

beitragen können. Weiterhin erhält man mit diesem Verfahren die Beiträge zu 
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den Spektren für Endzustände mit verschiedener Spin-Parität JTI getrennt. Dies 

gibt uns die Möglichkeit, die Kernstruktur von gewissen Zuständen mit vorgege­

benem Jn in besseren Kernmodellen zu berechnen als für den Rest der Zustände. 

Zum Beispiel können wir die Kernkollektivität und ~-Effekte in die Struktur­

rechnungen für die GTR einschließen, während wir die übrigen Zustände im unge­

störten TL-Modell behandeln. Die letzteren bilden dann sozusagen den Unter­

grund für die GTR. 

Das ungestörte TL-Modell ist natürlich viel zu einfach, um die Stärkevertei­

lungen der verschiedenen angeregten Zustände im Detai 1 zu beschreiben. Dies 

liegt daran, daß dieses Modell keine TL-Restwechselwirkung berücksichtigt. Di­

agonalisierung der TL-Restwechselwirkung im lTlL-Modellraum führt zu einer Um­

vertei 1 ung der Stärke, die die Koll ekt i vität der Kernzustände besser be­

schreibt. Bei dieser Umverteilung bleibt die Gesamt-TL-Stärke jedoch im we­

sentlichen erhalten. Analysiert man nun das gesamte Spektrum in einem großen 

An regungsberei eh, so schaut man in erster Linie auf die Gesamtstärke und zu­

nächst nicht so sehr auf ihre detaillierte Verteilung. Die integrierte Stärke 

ist dann fast mode 11 unabhängig. Desha 1 b behaupten wir, daß für unsere Zwecke 

zur Berechnung des gesamten (p,n)-Spektrums das einfache TL-Modell schon ziem­

lich gute Ergebnisse liefern sollte. Dies gilt insbesondere für die Abschät­

zung des Untergrundes unterhalb der GTR und unterhalb der L=l Spin-Isospin-Di­

polresonanz, denn das ungestörte TL-Modell verschafft uns hier eine obere 

Grenze für den Untergrundstreuquerschnitt. Dies liegt daran, daß bei Verwen­

dung von besseren Kernwellenfunktionen, wie z.B. RPA-Wellenfunktionen, die 

Spin-Isospin-TL-Stärke wegen der Repulsivität der TL-Restwechselwirkung im 

S=l,T=l-Kanal zu höheren Anregungsenergien hin verschoben wird. Außerdem redu­

zieren die dann teilweise eingeschlossenen Grundzustandskorrelationen den Un­

tergrundstreuquerschnitt zusätzlich. Deshalb ist der Untergrund, der im unge-
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störten TL-Mode 11 berechnet wird, ein maxi ma 1 er Untergrund. Jedes bessere 

Kernstrukturmodell als dieses wird weniger Untergrund produzieren, solange nur 

der Einstufenreaktionsmechanismus wirksam ist. 

Neben den Rechnungen im ungestörten TL-Modell führen wir auch Analysen der 

(p,n)-Spektren mit RPA-Wellenfunktionen durch. Die RPA-Wellenfunktionen werden 

in gleicher Weise erzeugt wie in§ 3.4 dargestellt. Für die TL-Restwechselwir-

kung benutzen wir eine realistische Wechselwirkung, die die Pion- und Rho-Me­

son-Austauschpotentiale im ot-Kanal explizit einschließt89). Die Effekte der 

anderen Mesonen werden durch eine Zweinukleonkorrelationsfunktion und durch 

eine zusätzliche Nullreichweitekraft simuliert89). Die explizite Form der TL­

Wechselwirkung im Impulsraum ist dann gegeben durch104) 

V ( q) 
7T 

V ( q) 
p 

f 2 
= 0.081, m 

7T 7T 

-1 = 0.699 fm , A 
7T 

-1 f2 = 6 fm , = 
p 

3 302 MeV fm , o g • = 
0 

0.5 

4.86, m 
p 

(5.4a) 

(5.4b) 

( 5. 4c) 

(5.4d) 

-1 = 3. 9 fm , 

(5.4e) 

Der dritte Modellraum1°4), den wir benutzen, enthält Nukleonen und 6-Isobar-

teilchen. In diesem Modellraum führen wir verallgemeinerte RPA-Rechnungen 

durch. Die Modellraumbasis wird, abhängig vom Targetkern, immer möglichst groß 
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gewahlt. Im Falle von 90 zr schließen wir z.B. alle..; 3'hw Anregungen für die 

Nukleon TL-Konfigurationen und alle Isobarzustände vom ls- bis hinauf zum lj­

Orbital ein. Die verallgemeinerten RPA-Wellenfunktionen mit ~N- 1 -Beimischungen 

haben dann die Form: 

(5.5) 

wobei xJ(ph) und xJ(~h) die RPA-Obergangsamplituden für die /NN-1) bzw. 

I ~N- 1)-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-MARs165), das die Antisymmetrisierung zwischen Projektil- und Targetnu-

kleonen exakt berücksichtigt. Auch für die ~-Anregung berechnen wir die direk­

te und die Austauschstreuamplitude (s. Abb. 33). Für die Projektil-Isobar­

Wechselwirkung benutzen wir das Pion- und Rho-Meson-Austauschpotential104), in 

dem wir die Spin(~)- und Isospin(•)-Operatoren durch die Obergangsoperatoren S 

und T ersetzen. Für die Meson-Nukleon-~-Kopplungskonstanten wählen wir die 

Chew-Low-Werte fn~ = 2fnNN bzw. fp~ = 2fpNN 174 ). Eine ähnliche Projektil­

Isobar-Wechselwirkung wurde schon erfolgreich in der Analyse von 160 MeV 

48ca(p,n)-Daten in Ref. 91 benutzt. 
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(o..) (b) 

Abb. 33: Graphische Darstellung der Reaktionsprozesse, die in. den DWIA-Rech­
nungen eingeschlossen sind. Nur die direkten Graphen werden gezeigt. Für die 
effektive PTWW haben wir die Love-Franey t~Matrixl27) benutzt und für die Pro­
jektil- ~-Isobar-Wechselwirkung das Einpion- und Einrhomeson-Austauschpotenti­
al. Für die Isobarkopplungskonstante wurde der Chew-Low-Wert174) f*=2f genom­
men. 

5.5 Normierung auf den ß-Zerfall 

Die effektive PTWW muß vor ihrer Benutzung in den Reaktionsrechnungen geeicht 

werden, um eine kraftunabhängige Analyse der Spektren zu garantieren. Dabei 

gehen wir wie folgt vor: Zunächst machen wir von der Tatsache Gebrauch, daß 

die 0° (p,n)-GT-Streuquerschnitte proportional sind zu deren B(GT)-Obergangs­

stärken (s. Gl. (5.1b)). Wir wählen also einen GT-Obergang, für den der B(GT)­

Wert vom ß-Zerfall her bekannt ist und für den auch der 0° (p,n)-Streuquer-

schnitt gemessen wurde. Ein guter Kandidat dafür ist der Obergang 

42ca(o+) + 42sc(1+,Ex = 0.61 MeV), der einen B(GT)-Wert von 2.57 be­

sitzt175-l??) und dessen 0° (p,n)-Streuquerschnitt bei 200 MeV Einschußenergie 

15.5mb beträgt 59 ). Da der ß-Zerfall den B(GT)-Wert auf modellunabhängige Wei-
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se bestimmt. dürfen wir die 0° (p,n)-Streuquerschnittsrechnung mit beliebigen 

Anfangs- und Endkernwellenfunktionen durchführen, die den gemessenen B(GT)­

Wert reproduzieren. Zufälligerweise erfüllen beim 42ca(o+) + 42sc(l+)-übergang 

einfache [f
712

]2-Wellenfunktionen für den Grundzustand in 42ca und den !+-zu­

stand in 42sc 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 Franeyl27) für die effektive PTWW berechnen wir einen 0° 

(p,n)-Streuquerschnitt von 13.4mb. Der experimentelle 0°-Streuquerschnitt be­

tragt 15.5mb 54 ), so daß wir den 0°-Streuquerschnitt um einen Faktor 

15.5/13.4 = 1.16 renarmieren müssen. Es ist zu beachten, daß wir mit diesem 

Verfahren nur die absolute Größe der effektiven Wechselwirkung bei q=O eichen, 

jedoch nicht ihre q-Abhängigkeit. Letztere kann jedoch durch Analyse von in-

e 1 ast i sehen Winke 1 verteil ungen zu Zuständen mit bekannter Kernstruktur oder 

durch Analyse von entsprechenden Ladungsaustauschreaktionen überprüft werden. 

Die q-Abhängi gkei t der Zent ra 1 (V ) - und Tensorkomponenten der Love-Franey­
a• 

Wechselwirkung 127 ) wurde z.B. in Ref. 91 getestet und im wesentlichen in über-

einstimmung mit dem Experiment gefunden. 

Das Eichverfahren muß etwas abgeändert werdenl04), wenn die Kernwellenfunktio­

-1 nen (ßN ) -Komponenten enthalten. Um dies zu zeigen, nehmen wir an, daß die 

Endkernwellenfunktionen von der Form 

(5.6) 

sind, wobei INN-1) und jßN-1) schematisch für den Nukleonanteil und den ß-An­

teil der Wellenfunktionen stehen. ·In diesem Fall müssen wir die Größe 

jJ~~~ 2 B(GT) in Gl. (S.lb) ersetzen durch 
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( 5. 7) 

wobei JNß das Volumenintegral für die effektive Projektil-t.-Isobar-Wechselwir­
cn 

kung bezeichnet. Der B(GT)-Wert ist nun definiert durch 

B(GT) (5.8) 

* 
wobei ~~ das Verhä.ltni s zwi sehen den Axial vektorkopplungskonstanten des Nukl e-

on(gA)- und des Isobar(g~)-Sektors ist. 

Nun haben wir mit unserem Eichverfahren offensichtlich zwei unabhängige Grö­

ßen, nämlich JNN und JNß, festzulegen. Andererseits haben wir aber auch zwei 
OT OT 

bekannte Größen, den gemessenen B(GT)-Wert und den gemessenen 0° (p,n)-Streu-

querschnitt. Nun nehmen wir an, daß die (t.N- 1)-Beimischungen in den Wellen-

funktionendie totale GT-Stärke im Niederenergiebereich um einen gewissen Be­

trag reduzieren. Dann sollte auch der 42ca(o+) + 42sc(1+) davon betroffen 

sein. Daher muß die 42ca(p,n)42sc(l+)-Obergangsdichte (t.N-1)-Komponenten ent­

halten, deren Beimischung zur Wellenfun'ktion durch den Mischungskoeffizienten 

bin Gl. bestimmt wird. Die Größe von b hängt ganz sensitiv von der Stärke 

der (t.N- 1)-Restwechselwirkung ab (s. Gl. (5.4)). Durch geeignete Adjustierung 

der Kraftparameter kann man nun immer We 11 enfunkt i onen mit t.N- 1-Komponenten 

erzeugen, die den gemessenen B(GT)-Wert, insbesondere auch den für den 

42ca+42sc(1+)-0bergang reproduzieren. Der wesentliche Punkt für uns ist dabei, 

daß mit derselben Wellenfunktion auch der gemessene 0° 42ca(p,n)42sc 

(1+,Ex = 0.61 MeV)-Streuquerschnitt reproduziert werden muß. Dies erreichen 

wir dadurch, daß wir die Volumenintegrale JNN und JNt. unabhängig voneinander 
OT OT 

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

erfüllen, nämlich J~ = 0 und jJ~/J~~ j =/~~~·Wenn die erste Lösung, J~ = 0, 
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gültig wäre, würde dies bedeuten, daß die (p,n)-Probe keine il 1
S anregen könn-

te. Dies ist natürlich nicht der Fall, und deshalb muß die Lösung 

jJ~/J~~ I= jg;/gAjdie richtige sein. Dieses Ergebnis ist äußerst wichtig, denn 

es zeigt, daß die hadronische· (p,n)-Probe bei hohen Einschußenergien t.•s in 

Kernen in gleicher Weise sieht wie die schwache Wechselwirkung im ß-Zerfall. 

Man kann auch sagen, daß die (p,n)-Reaktion bei 0° und bei hohen Einschußener­

gien wirklich GT-Stärke mißt. Dies hat die weitere wichtige Konsequenz, daß 

man mit Hilfe der (p,n)- und (n,p)-Reaktionen, durchgeführt bei der gleichen 

Einschußenergie, die Gültigkeit der Ikeda-Summenregel 77 ) (Gl. (5.3b)) überprü-

fen kann. 

Mit der geeichten PTWW können wir nun (p,n)-Spektren für andere Targetkerne 

analysieren. Die einzige Unsicherheit, die beim Obergang von 42ca(p,n) zu ei­

ner anderen A(p,n)-Reaktion entsteht, resultiert aus dem Distortionsfaktor N 
O'T 

in Gl. (5.3), welcher sich mit dem Targetkern A ändert. Es stellt sich jedoch 

heraus, daß die Distortionsfaktoren ziemlich genau berechnet werden können. So 

ist die Unsicherheit, wenn man z.B. vom Target 42ca zum Target 90zr übergeht, 

nicht größer als 10 %. Wir haben diesen Punkt überprüft, indem wir verschiede­

ne optische Parametersätze verwendet habenl78-180). Nach vielen Tests haben 

wir uns entschlossen, in allen Analysen für die Erzeugung der 11 distorted 

waves 11 den globalen Satz von Nadasen u.a.l80) zu verwenden. Dieser Parameter-

satzist als Funktion der Einschußenergie E und der Targetmassenzahl A gege­

ben. Diese Wahl gibt uns die Möglichkeit, optische Parameter der gleichen Po-

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

5.6.1 Analyse der 48ca(p,n) 48sc-Reaktion 

Die erste mi kroskopi sehe, quantitative Rechnung für den Untergrund von Gamow­

Teller-Resonanzen wurde für das 0°-Spektrum der 48ca(p,n)-Reaktion durchge­

führt99,100). In Abb. 34 zeigen wir die Daten (dicke durchgezogene Kurve) von 

Anderson u.a.58). Das Spektrum weist drei GT-Zustände 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 größte Obergangsstärke besitzt. Diese und der 

niedrigliegende 1+-zustand bei Ex = 2.5 MeV besitzen den Isospin T=3. Der 1+­

Zustand bei Ex = 16.8 MeV hat den Isospin T=4 und ist der Ana 1 oge zum 1 +, T=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 gest ri ehe 1 te Kurve unterha 1 b der GT -Zustände bezeichnet den Untergrund, 

wie er von den Experi menta 1 phys i kern abgezogen wurde 58). 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 Zuständen bezeichnen, dar-

gestellt. Sowohl das diskrete als auch das kontinuierliche Spektrum wurden im 

ungestörten TL-Doorway-Modell berechnet, wobei das Kontinuum exakt behandelt 

wurde99 ). Das gesamte berechnete Spektrum ist die i nkoharente Summe a 11 er 

Streuquerschnitte mit Multipolaritäten L=O bis L=3 (Jn = o-,1+,1-,2+,2-,3+, 

3-.,4-). Der kontinuierliche Teil des Spektrums (gestrichelt-punktierte Linie) 

reproduziert die Daten bei hohen negativen Q-Werten bemerkenswert gut. Das be-

rechnete Kontinuum fällt 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 für die 48ca(p,n)-Reaktion bei 160 MeV Einschußener­
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 Pfei 1 mit dem 11 Index 11 L=1 deutet die Lage an, wo 
die L=l (o-,1-,2-)-Stärke hauptsächlich lokalisiert wäre, wenn die Rechnungen 
die kollektiven Eigenschaften dieser Zustande berücksichtigen würden. 

jEp,R-pjp> klein. an der Kernoberfläche machen, insbesondere für kleinere Ener­

gien (Ep ~ 10 MeV) und für Drehimpulse R.p:t:O. Konsequenterweise sind für diese 

Energien die Kernübergangsdichten klein und deshalb auch die Streuquerschnit-

te. Der Untergrund gerade unterhalb der GT-Resonanz muß dann durch alle Ober-

gänge erzeugt werden, die ein Neutron von der 2s 1d- und der 1 f 7 12-scha 1 e via 

Ladungsaustausch in die Proton 2p1f- oder 1g912 -Schale befördern (s. Abb. 32). 

Die Streuquerschnitte, die von diesen Zustanden erzeugt werden, sind in Abb. 

34 durch die diskreten Linien dargestellt. Die größten Beiträge gehen dabei 
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auf L=1 (Jn = o-,1-,r)- und L=2 (Jn = 3+)-Anregungen zurück. Die Summe der 

Streuquerschnitte, die im Q- Interva 11 von 2 bis 15 MeV zum Unterg.rund bei t ra­

gen, beträgt 5.4 mb, wovon 2.5 mb auf o--, 1.4 mb auf 2--, und 1 mb auf 3+_ 

Obergänge zurückgehen. Man beachte, daß der größte Tei 1 der L=1 ( o-, 1-,2-)­

Stärke 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, daß für die L=1-Ladungsaustauschmoden eine 

Summenregel existiert77). Diese Summenregel besagt, daß bei Einschluß der re­

pulsiven TL-Restwechselwirkung die Stärke lediglich umverteilt, d.h. von nie­

drigen zu höheren Anregungsenergien hin verschoben wird. Deshalb bedeuten die 

im ungestörten TL-Doorway-Modell berechneten 5 mb eine obere Abschätzung für 

den Untergrund unter der GTR in 48ca. In der experimentellen Analyse der Daten 

wurden jedoch17mb als Untergrund abgezogen, wenn man den Anregungsbereich 

O~Q~-15 MeV zugrundelegt (s. die gestrichelte Kurve in Abb. 34). Unsere Rech­

nungen zeigen, daß von diesem Untergrund mindestens 12mb GT-Stärke sind. Wei­

terhin deutet unsere Rechnung darauf hin, daß auch noch viel GT-Stärke im 

Energiebereich -15 MeV~Q~-25 MeV sein kann. Legen wir den Energiebereich 

-25 MeV~Q~O zugrunde, dann erhöht sich die GT-Stärke im Untergrund von 12 auf 

30 mb! Dieser Streuquerschnitt von 30 mb ist fast genauso groß wie der von den 

Experimentalphysikern designierte GT-Streuquerschnitt für den 1+,T=3-Zustand 

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

66 %. 

Bisher haben wir noch nicht die Streuquerschnitte der drei GT-Peaks in Abb. 34 

diskutiert. Für diese Zustände haben wir getrennte Rechnungen durchgeführt, 

und zwar mit drei verschiedenen Modellwellenfunktionen vom TL-Doorway-, vom 

RPA- und vom RPA+il- Typ. Die Ergebnisse dies er Rechnungen vergleichen wir in 

Abb. 35 mit Daten 58 ). (Die Daten wurden mit dem experimentellen Untergrund 
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Abb. 35: Winkelverteilungen für die 48ca(p,n)-Reaktionen zu den drei 1+, GT­
Zuständen in 48sc. Die Daten wurden von Ref. 58 genommen. Drei Rechnungen91) 
werden mit den Daten verglichen, in denen die Zustände entweder durch unge­
störte TL(ph)-, durch RPA- oder durch RPA+t.-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+-zustanden bei Ex= 2.52 MeV, 

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

ungestörten TL(ph)-, mit RPA- oder mit RPA+t.-Wellenfunktionen berechnet. Durch 
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Vergleich der Resultate für 11 ph 11 und 11 RPA 11 sieht man, wie die Restwechselwir­

kung die GT -Stärke umvertei lt, indem ein großer Tei 1 der Stärke vom niedrig-

1 i egenden zum hochliegenden GT -Zustand geschoben wird. Der Einschluß von b. 

Isobaren hat einen ähnlichen Effekt, indem ein Teil der GT-Stärke von den nie­

drigliegenden Zuständen weggenommen und in den Anregungsberei eh um 300 MeV 

hinauftransportiert wird. Eine Reduktion der RPA+l'l-Streuquerschnitte im Ver­

gleich zu den mit RPA berechneten ist deutlich zu sehen. Für den 1+, 

Ex= 2.52 MeV-Zustand beträgt die Reduktion ungefahr 28% und für den 1+, 

Ex =. 11 MeV-Zustand etwa 30 %. Vergleichen wir nun die Rechnungen rnit den ex­

perimentellen Daten, so dürfen wir das Untergrundproblem nicht vergessen. Der 

experimentelle 0°-Streuquerschnitt zum 1+, Ex= 11 MeV-Zustand wird um~ 30mb 

auf62mb erhöht, wenn der Untergrund richtig subtrahiert wird. Dann würden 

die Daten gerade mit der RPA+b.-Rechnung übereinstimmen. Man könnte daraus 

schließen, daß RPA+b. die richtige Lösung ist und 4's die GT-Stärke um 30% un­

terdrücken. Hier ist jedoch Vorsicht geboten, denn wie wir schon erwähnt ha­

ben, ist der berechnete Untergrund ein maximaler Untergrund. Bessere Rechnun­

gen, die z.B. RPA-Korrelationen einschließen, werden den Untergrund verrin­

gern. Außerdem wird ein großer Tei 1 der Stärke zu höheren Anregungsenergien 

hin verschoben. Dadurch wird mehr Raum für GT-Stärke geschaffen, wodurch die 

GT -Stärke 1 eicht um 30 % erhöht werden kann. Außerdem haben wir hier nur das 

0°-Spektrum analysiert. Eine Analyse der gesamten Vorwärtswinkelspektren ver­

schafft viel stärkere Randbedingungen für die theoret i sehen Rechnungen, denn 

man muß neben dem 0°-Spektrum, das von den GT-Zuständen dominiert wird, 

gleichzeitig auch die Spektren bei größeren Streuwinkeln beschreiben. Solch 

eine vollständige Analyse der (p,n)-Spektren werden wir in den nächsten Para­

graphen für die 90zr(p,n)-Reaktion durchführen. 



- 110 -

5.6.2 Analyse der 90 zr(p,n) 90 Nb-Reaktion unter Einschluß des ~-Effektes 

In diesem Abschnitt werden wir eine vollständige, mi kroskopi sehe Analyse der 

gesamten 90 zr(p,n) 90Nb-Spektren, die in Abb. 31 dargestellt sind, durchführen. 

Diese Rechnungen hier unterscheiden sich von denen für die 48ca(p,n)48sc-Reak-

t i on dadurch, daß nun die meisten Zustände des Kernanregungsspektrums 

(J1T = o-,1-,2-,1+,2+,3+) durch RPA- oder RPA+~-Wellenfunktionen beschrieben 

werden. Wir diskutieren den gesamten Winkelbereich von 0° bis 18.7°. 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 für das 0°-Spektrum. Zwei ver-

schiedene Rechnungen werden mit den Daten verglichen. Die erste wurde mit ge-

wöhnlichen RPA-Wellenfunktionen durchgeführt (durchgezogene Kurve) und die 

zweite mit verallgemeinerten RPA-Wellenfunktionen, die ~-Isobarfreiheitsgrade 

einschließen (gestrichelte Kurve). Beide Spektren sind inkohärente Summen von 

Streuquerschnitten mit Multipolaritäten L=O bis L=4 (J1T = o+,o-,1+,1-,2+, 

r,3+,3-,4-,4+,5+). Von diesen Zuständen wurden die o-,1-,r und 1+,2+,3+ Zu­

stände mit RPA oder RPA+~ berechnet, während die r ,4- ,4+ und 5+ Zustände im 

ungestörten TL-Doorway-Modell von Ref. 99-102 behandelt wurden. Der Modellraum 

für die RPA-Rechnungen enthielt alle 3flw-Anregungen, so daß die RPA-Zustände 

sich in ihrer Anregungsenergie bis zu Q = -40 MeV erstrecken. Die Streuquer-

schnitte jenseits von Q = -40 MeV werden hauptsächlich durch Zustände mit 

Ex> snw erzeugt, welche ebenfalls durch ungestörte TL-Doorway-Wellenfunktio­

nen beschrieben werden104). 
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Abb. 36: Neutronspektren für die Reaktion 90zr(p,n)90Nb bei Streuwinkeln von 
8=0° (Teile (a) und (b)) und 8 = 4.5° (Teile (c) und (d)). Die Daten (dünne 
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+ß)-Wellen)unktionen (gestrichel­
te Kurve) berechnet. Im letzteren Fall wurden die ßN- -Beimischungen in der 
Wellenfunktion so angepaßt, daß das 11 Quenching 11 der totalen GT-Stärke 30% be­
trägt (s. Text). Die Teile (c) und (d) zeigen jeweils den Untergrund bezüglich 
der GTR allein (BGR GT) bzw. den Untergrund bezüglich 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 RPAM berechnet wurden. Durch Subtraktion der 
BGR GT,L=1-Kurve von der BGR GT-Kurve erhält man die Stärkeverteilung für die 
H1w+3fiw L=1-Resonanz. Im Energi eberei eh -20>Q>-60 MeV stimmt die BGR GT ,L=1-
Kurve im wesentlichen mit der Stärkeverteilung der 2hw, Jn = 1+,2+,3+-Resonanz 
überein (Ref. 104). 
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Die kontinuierlichen Spektren in Abb. 36 wurden erhalten, indem die Streuquer-

schnitte zu den diskreten RPA (RPA+t.) -Zuständen mit einer Vertei 1 ungsfunkt i on 

von Breit-Wigner-Form gefaltet wurden. 

(5.4) 

In Gl. (5.4) bezeichnen die Ei die Anregungsenergien und die ri die Zerfalls­

breiten der diskreten RPA (RPA+t.)-Zustände. Die Faltung simuliert effektiv die 

Verbreiterung der diskreten 1T1L-Stärke aufgrund ihrer Ankopplung ans Kontinu­

um ( 11 escape wi dth 11 rt) und an kompliziertere Mehrtei 1 chen-Mehrl ach-Zustände 

(
11 spreading width 11 rt). Die Gesamtbreiter ist die Summe von beiden: r=rt+rt. 

In schweren Kernen wird die Zerfallsbreite hauptsächlich durch rt erzeugt. 

Diese kann mikroskopisch nur im Rahmen von 2T2L-Rechnungen 97 •181 - 187 ) nähe-

rungsweise bestimmt werden. Wir nehmen in unseren Rechnungen die Zerfallsbrei­

ten so weit wie möglich vom Experiment. Für die verschiedenen Energiebereiche 

wurden folgende Breiten gewählt: r = 1 MeV für Q.;;Ex"EIAR' r = 6 MeV für 

EIAR"Ex.;;15 MeV und r = 10 MeV für alle Zustände mit Ex> 15 MeV. Um eine ver­

nünftige Beschreibung der experimentellen Resonanzform der GT -Zustände zu er­

halten, mußten die Breiten asymmetrisch angenommen werden. So wurde die GT-Re-

sonanzbreite aufgeteilt in r = r +r (J. = 1 i nks, r = rechts) mit r n = 2 MeV 
R. r .._ 

und r = 4 MeV und anschließend in einer asymmetrischen Breit-Wigner Form be­
r 

nutzt. Eine ähnliche Asymmetrie wurde für die Zustände mit Ex> 15 MeV benö-

tigt, wo die Partialbreiten rt = 2 MeV und rr = 8 MeV betrugen. 

Bei· der Verteilung der Stärke müssen wir beachten, daß die zu höheren Anre­

gungsenergien verschobene Stärke von einem anderen (p,n)-Obergangsopera­

tor188,189) geprobt wird als die unverschobene. Dies ist auf die Q-Abhängig­

keit des hadronischen Obergangsoperators zurückzuführen188,189). Diesen Effekt 
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haben wir in unseren Rechnungen dadurch berücksichtigt, daß wir relative Dis-

tortionsfaktoren eingeführt haben, die definiert sind durch 

(5.5) 

Damit multiplizieren wir dann die Breit-Wigner-Verteilungsfunktionen. Die Dis-

tortionsfaktoren D hängen vom Spin J der Endzustände, von der Energieverschie-

bung !lQ (Q
0

: =Energie des betrachteten, diskreten Zustands) und vom Streuwin­

kel 6 ab. Für !lQ=O gilt D(Q ,6,J) = 1. Das Verhalten von D als Funktion von LlQ 
0 

bei vorgegebenem Streuwinkel 6 kann direkt von der Form der Winkel vertei 1 ung 

des betreff enden Zustandes abge 1 esen werden. Eine Vergrößerung des Q-Wertes 

um !lQ ist namlich aquivalent mit einem Anwachsen des Impulsübertrages Llq. Der 

Impulsübertrag kann jedoch .auch durch Vergrößerung des Streuwinkels bei fest­

gehalfenem Q geändert werden. Diese Abhängigkeit wird aber gerade durch die 

Winkelverteilung angegeben. Für den kollektiven GT-Zustand bei 0° z.B. fallt D 

mit wachsendem !lQ ab, weil die GT-Winkelverteilung eine L=O-Form besitzt. Für 

alle anderen Zustände mit Multipolaritäten L>O hingegen wachst 

D(Q +LlQ,6=0°,J) mit !lQ an, weil die Winkelverteilungen mit L">O von 6=0° an-o 

steigen. Dies bedeutet, daß die Verschiebung von GT -Stärke zu höheren Anre-

gungsenergien den totalen GT-Streuquerschnitt bei 6=0° reduziert, wahrend die 

Verschiebung von z.B. o-, 1- und z- Stärke den totalen 0°-Streuquerschnitt zu 

diesen Zuständen vergrößert. 

Von Abb. 36a sehen wir, daß das mit RPA berechnete 0°-Spektrum die Form des 

experimentellen Spektrums ziemlich gut beschreibt. Es überschätzt die Daten 

jedoch im Niederenergiebereich und unterschätzt sie bei höheren Anregungsener-

gien. Um Theorie und Experiment im Niederenergiebereich in Obereinstimmung zu 

bringen, müssen wir ein 11 Quenching 11 (=Unterdrückung) einführen, welches den 
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Betrag der GT-Stärke im Q-Wertberei eh -8 MeV;;oQ;;o-22 MeV reduziert. Zwei ver­

schiedene 11 Quenchi ng 11 -Mechani smen sind vorgeschlagen worden. Beim ersten Me­

chanismus wird angenommen, daß ßN- 1-Zustände mit den PN- 1-GT-Zuständen koppeln 

und einen Tei 1 der GT -Stärke in den ß -Resonanzberei eh schieben 78- 92 ). Der 

zweite Mechanismus beruht auf der Annahme, daß hochliegende 2p2h-Zustände mit 

den 1 TlL-GT -Zuständen mi sehen und daß dadurch GT -Stärke vom Energi eberei eh 

O>Q>-20 MeV in den Energiebereich -20 MeV;;:.Q;;o-70 MeV transportiert wird93-97). 

Im letzteren Fall wird die GT-Stärke kontinuierlich über einen großen Energie­

bereich verschmiert, so daß ein Teil von ihr dem experimentellen Nachweis ent­

geht. We 1 eher von den bei den 11 Quenchi ng 11 -Mechani smen nun vornehmlieh wirksam 

wird, kann nur durch eine sorgfältige Analyse der vollständigen (p,n)-Spektren 

entschieden werden. Dies wollen wir im folgenden zeigen. 

Zunächst diskutieren wir den Fall, daß nur der 2T2L-Mechanismus für die Unter­

drückung der GT-Stärke verantwortlich ist und einen Teil der Stärke zu höheren 

Anregungsenergien hin verschiebt. Dieser Effekt ist schon zu einem großen Teil 

in unseren Rechnungen eingeschlossen, da wir die diskreten Streuquerschnitte 

in eine asymmetrische Breit-Wigner-Form falten, die die asymmetrische Dämpfung 

der GT -Schwingung beschreibt. Die Verschiebung der Stärke, die daraus resul­

tiert, ist jedoch minimal in dem Sinne, daß die Stärke nur in einem verhält­

nismäßig kleinen Energi eberei eh von ~ 20 MeV umvertei lt wird, während mikro­

skopi sehe 2T2L-Rechnungen Vertei 1 ungsfunkt i onen mit einem 1 angen, hochenerge­

tischen Schwanz voraussagen97,181). Es ist interessant festzustellen, bis zu 

welcher Anregungsenergie hin sich die GT-Stärke unter dieser Annahme 11minima­

ler11 Verbreiterung erstreckt. Dazu bestimmen wir zunächst den Untergrund be­

züglich der GT-Resonanz im gemessenen Spektrum. Die Streuquerschnittsfläche, 

die nicht von den Untergrundrechnungen beschrieben wird, ist dann GT-Stärke. 



- 115 -

In Abb. 36b zeigen wir den Untergrund für das 0°-Spektrum. Die durchgezogene 

Kurve stellt das RPA-Ergebnis dar und die gestrichelte Kurve das RPA+ß-Ergeb-. 

nis (Untergrund mit 11 Quenching 11
). Der Peak bei Q = -12 MeV ist die IAR. Der 

übrige Untergrund bis hinaus zu Q = -70 MeV wird hauptsächlich von der 

1flw+3tiw L=1- und der 2hw L=2 -Resonanz erzeugt. Deren Winkel vertei 1 ungen be­

sitzen zwar ihre Maxima bei größeren Streuwinkeln, doch sie geben auch noch 

einen wesentlichen Beitrag zum 0°-Streuquerschnitt. Die Rechnungen zeigen ei­

nerseits, daß der Untergrund im GT-Bereich sehr klein ist, und andererseits, 

daß sich auch GT-Stärke jenseits des Hauptpeaks im Energiebereich 

-20 MeV)Q)-30 MeV befindet. Diese Schlußfolgerung ist ziemlich definitiv. Sie 

würde sich auch nicht ändern, wenn wir andere Stärke-Verteilungsfunktionen als 

solehe von Breit-Wi gner-Form verwenden würden, denn der Untergrund mit seiner 

flachen Form ist auf solche Änderungen ziemlich unempfindlich. Durch Vergleich 

des berechneten Gesamtspektrums in Abb. 36a mit dem berechneten Untergrund in 

Abb. 36b sieht man, daß sich die GT-Stärke zu höheren Anregungsenergien hin in 

ganz natürlicher Weise ausbreitet, wie man es auch von der experimentellen Li­

ni enform der GT -Resonanz erwarten würde. Insofern ist unser Ergebnis für die 

GT-Stärkeverteilung nicht überraschend und hätte eigentlich bei der experimen­

tellen Analyse der Daten bemerkt werden können. Offensicht 1 i eh hat man jedoch 

die asymmet ri sehe 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 überschätzt die Daten im Energie­

bereich O)Q)-40 MeV. Legt man diesen Bereich zugrunde, so benötigt man ein 

11 Quenching 11 von 15 %, um Theorie und Experiment in Obereinstimmung zu bringen. 

Leider können wir nicht direkt entscheiden, ob dieses 11 Quenching 11 auf den fl-
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Mechanismus oder auf eine zusätzliche Verbreiterung der GT- und auch der L=l-

und L=2-Stärke zurückzuführen ist. Eine noch stärker asymmetri sehe Verteilung 

würde noch mehr Stärke zu hohen Anregungsenergien hin verschieben. Sol eh ein 

Effekt wäre tatsachlich höchst willkommen, denn die Theorie unterschätzt das 

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

Wir können jedoch beweisen, daß der ~- 11 Quenching 11 -Effekt nicht sehr groß sein 

kann, d.h. daß dieser nicht die minimale sß_-Summenregelstärke um 30% oder 

50% reduzieren kann, wie von verschiedenen Autoren87-90 ) gefordert wurde. 

Dies kann von der RPA+~-Rechnung in Abb. 36a (gestrichelte Kurve) gesehen wer­

den. Hier wurden die ~N- 1 -Beimischungen in den Wellenfunktionen so angepaßt, 

daß di.e totale GT-Stärke ein 11 Quenching 11 von 30% erfährt. Dies kann durch ge­

eignete Anpassung des (og') N-Parameters in der ~-Loch-Restwechselwirkung, Gl. 
0 ~ 

(5.4), erreicht werden. Ein Wert von (og~)~N· = 0.4 f*/f führt zu einer 

30 %igen Reduktion der totalen GT-Stärke in 90 zr. Bei Verwendung der zugehöri­

gen RPA+~-Wellenfunktionen in den Streuquerschnittsrechnungen erhalten wir die 

gestrichelte Kurve in Abb. 36a. Zur Erstellung des kontinuierlichen Spektrums 

haben wir die gleichen Breiten benutzt wie beim RPA-Resultat. Das mit RPAM 

berechnete Spektrum unterschätzt die Daten überall und besonders stark im GT-

Resonanzberei eh. Legen wir den gesamten Energi eberei eh O~Q~ -70 MeV zugrunde, 

so fehlen 37mb. Wir weisen jedoch darauf hin, daß der Einschluß von Grundzu­

standskorrelationen in 90zr vom 2p2h-Typ, die in der RPA nicht berücksichtigt 

werden, dieses Ergebnis ändern könnte. 
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5.6.2.2 Das 4.5°-Spektrum und die L=l-Resonanz 

In Abb. 36c zeigen wir die Resultate für das 4.5°-Spektrum. Bei. diesem Winkel 

ist der GT -Streuquerschnitt noch groß und der t.L=l-Resonanz-St reuquerschnitt 

ist maximal. Das Spektrum, berechnet mit RPA (durchgezogene Kurve), beschreibt 

die Daten ziemlich gut, obwohl es im Q-Wertbereich (O~Q~-40 MeV) etwas zu groß 

ist im Vergleich mit den Daten und bei höheren Q-Werten (-40~Q~-70 MeV) zu 

klein. Das Spektrum, berechnet mit einem 30 %igen t.- 11 Quenching 11 -Effekt (ge­

strichelte Kurve) unterschatzt andererseits die Daten überall und insbesondere 

im Bereich der GT- und der L=l-Resonanz. Offensichtlich liegt hier eine ähnli­

che Situation vor wie beim 0°-Spektrum. Eine Reduzierung der GT-Stärke um 30 % 

aufgrunddes t.- 11 Quenching 11 -Mechanismus ist einfach zu groß. Es ist interes­

sant, daß die RPA die Form und die Größe des Spektrums im L=l-Resonanzbereich 

ziemlich gut beschreibt, während sie den GT-Resonanzbereich überschätzt. Eine 

Erklärung dafür kann man in Abb. 36d finden, wo der Untergrund bezüglich der 

GT-Resonanz (durchgezogene Kurve (RPA), gestrichelte Kurve (RPA+t.)) und bezüg-

1 i eh bei der Resonanzen, der GT- und der L=l-Resonanz (punktgestri chelte Kurve 

(RPA), punktpunktgestrichelte Kurve (RPA+t.)) gezeigt wird. Durch Subtraktion 

der punktgestrichelten von der durchgezogenen Kurve erhalt man die Stärkever­

teilung der L=l-Resonanz. Betrachten wir nun den GT-Resonanzbereich 

(Q ~ -15 MeV), so finden wir, daß ein wesentlicher Beitrag zum Untergrund un­

terhalb der GT-Resonanz von der L=l-Resonanz kommt, deren Stärkeverteilung 

sich bis zu diesen niedrigen Q-Werten erstreckt. Wir bemerken, daß die Vertei­

lung der L=l-Stärke nicht notwendigerweise ähnlich gut durch die RPA bestimmt 

wird wie die der GT-Stärke, weil die L=l-Resonanz ein komplizierteres unge­

störtes TL-Spektrum besitzt. Kleine Änderungen in den Einteilchenenergien 

könnten leicht zu einer besseren Beschreibung des 4.5° RPA-Spektrums führen. 
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Abb. 37: Die Streuquerschnittsbeiträge der 11fw+3'flw, J7T = o--, 1-- und z--zu­
stande zu den 4.5°-(a)- und 9.5°-Spektren (b). Diese Zustände bilden zusammen 
die L=l-Resonanz. Die theoretischen Streuquerschnitte wurden mit RPA-Wellen­
funktionen berechnet. Die durchgezogene Kurve stellt die Summe der o--, r­
und z--streuquerschnitte dar. 

Die L=l-Resonanz ist eine Oberlagerung von drei Resonanzen mit Spin-Paritäten 

J7T = o-, 1- und z-. In den Abb. 37a und 37b zeigen wir ihre getrennten Beiträ­

ge zum Streuquerschnitt für die Streuwinkel von 4.5° bzw. 9.5°. Die z--zustän-

de besitzen die niedrigste Anregungsenergie, dann folgen die !--zustände, und 

die o--zustände haben die höchste 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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e L=l-Resonanz L=2-Resonanz 
c.m. 

2+ 3+ o- 1- r 1+ 
(deg.) (mb/sr) (mb/s r) 

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) 

Tabe 11 e 2: Energi ei ntegri erte theoret i sehe Streuquerschnitte für verschiedene 
Klassen von Endzuständen. In den Spalten 2-4 listen wir die individuellen 
Streuquerschnitte der lilw+3llw-L=l-Resonanz (Jn = o-, 1- und r) und in den 
Spalten 5-7 geben wir die analogen Streuquerschnitte für die 2fiw, L=2-Reso­
nanz (Jn = 1+,2+,3+) an. Die gelistete~ Zahlen wurden mit RPA-Wellenfunktionen 
oder mit verallgemeinerten RPA+~-Wellenfunktionen (Zahlen in Klammern)' berech­
net (Ref. 104). 

In Tabelle 2, Spalte 2-4, geben wir die detaillierten Zahlen für die Streu­

querschnitte, die die individuellen Jn~Resonanzen zum gesamten L=l-Streuquer-

schnitt beitragen. Der 2--Streuquerschnitt ist bei allen Streuwinkeln am größ-

ten, aber auch die o-- und I--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 für das 9.5°-Spektrum. Bei diesem Streu-

winkel ist der Beitrag der GT-Resonanz zum Spektrum vernachlässigbar klein und 

die Form des Spektrums wird h_auptsächl i eh von der L=l- und der 211w, L=2-Reso-
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Abb. 38: Das Gleiche wie in Abb. 36, aber nun für die Streuwinkel e = 9.5°, 
12.8° und 18.7°. Die durchgezogenen und gestrichelten Kurven in den Abb. (b), 
(d) und (f) stellen nun den berechneten Untergrund bezüglich der l~w+]hw, L=1-
Resonanz (BGR L=1) dar, der entweder mit RPA (durchgezogene Linie) oder mit 
RPA+ß (gestrichelte Linie) berechnet wurde. Auch der.berechnete Untergrund für 
die 11lw+3fiw, L=1- und 2flw, 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 erhält man die Stärkevertei 1 ung für die 
lnw, Jn = 1+-,2+,3+-Resonanz. 
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Abb. 39: Die Streuquerschnittsbeiträge der zhw, J1T = 1+-, 2+- und 3+-zustände 
zu den 9.5°-(a) und 12.8°-Spektren (b). Diese Zustände formen zusammen die 
L=2-Resonanz. Die theoretischen Streuquerschnitte wurden mit RPA-Wellenfunkti­
onen berechnet. Die durchgezogene Kurve stellt die Summe der 1+-, 2+- und 3+_ 
Streuquerschnitte dar. 

nanz bestimmt. Wiederum gibt das theoretische Spektrum, berechnet mit RPA, ei-

ne gute Beschreibung der experimentellen Daten, während das Spektrum, berech-

net mit RPA+l:l, einen zu kleinen absoluten Streuquerschnitt liefert. 
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Die zflw-Resonanz besteht aus einer Oberlagerung von drei Resonanzen mit Spin­

Parität J'IT = r'", 2+ und 3+. In Abb. 39 zeigen wir ihre getrennten Beiträge zum 

9.5°- bzw. 12.8°-Spektrum. Man sieht, daß 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 J7T-Komponenten zur zfiw-Resonanz bei den verschiedenen Streu­

winkeln beitragen. Die 1+-zustände liefern einen großen Beitrag von 27 mb zum 

0°-Spektrum. Dieser Streuquerschnitt sollte jedoch nicht mit der GT-Stärke 

verwechselt werden, die in die Summenregel, Gl. (5.3b), eingeht und die von 

den Operatoren crT± angeregt wird. Der Erwartungswert von diesen Operatoren 

mit 2'!iw-Konfigurationen verschwindet wegen der Orthogonalität der Radialwel­

lenfunktionen. Die 2hw 1+-Stärke wird hauptsächlich durch den Operator 

f(r)[Y 2 x ~] +T angeregt, welcher ein Teil des hadronischen Übergangsopera-
l -

tors ist und der auch eine Radialabhängigkeit f(r) besitzt188). Deshalb ist 

klar, daß dieser Streuquerschnittsbeitrag nicht in die Summenregel von Gl. 

eingeschlossen werden darf. 

5.6.2.4 Die 12.8°- und 18.7°-Spektren 

Besonders wichtig für unsere Diskussion sind die Resultate für die größeren 

Streuwinkel von 8 = 12.8° und 8 = 18.7°, welche in dem unteren Teil von Abb. 

38 gezeigt werden. Bei diesen Streuwinkeln geben beide, die GT- und die L=l-

Resonanz, nur einen kleinen Beitrag zum totalen (p,n)-Spektrum. Die Form und 

Größe dieser Spektren wird deshalb hauptsächlich durch Zustände anderer Multi­

polarität 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 für RPA+li. Während das RPA-Ergebnis die Daten 

im 12.8°-Spektrum etwas überschätzt, liefert es andererseits eine perfekte Be­

schreibung des 18.7°-Spektrums. Ein Grund für die Oberschätzung des 12.8°­

Spektrums könnte darin liegen, daß die 3-- und 4--zustände, welche in unseren 

Rechnungen als ungestörte TL-Zustände, d.h. ohne RPA-Korrelationen, behandelt 

werden, bei diesem Winkel ihren maximalen Streuquerschnitt besitzen. Der Ein­

schluß von RPA-Korrelationen würde deshalb zu einer Reduktion im Streuquer­

schnitt (ühren. Die Beiträge der 2'11w, L=2-Resonanz sind bei diesem Streuwinkel 

noch ziemlich groß, wie man von Abb. 38d sieht, wo der Untergrund bezüglich 

der L=1-Resonanz (durchgezogene Kurve) und bezüglich der L=1- plus L=2-Reso­

nanzen (gestrichelte Kurve) dargestellt ist. Das gleiche wird in Abb. 38f für 

das 18.7°-Spektrum gezeigt. 

5.6.2.5 Konvergenz der Streuquerschnittsrechnungen 

Die gute Beschreibung der Daten bei kleinen und großen Streuwinkeln durch un­

sere Modellrechnungen führt uns zu folgendem wichtigen Schluß: Bei 200 MeV 

Einschußenergie werden die gesamten (p,n)-Spektren bis hinauf zu Anregungs­

energien von Ex= 70 MeV allein durch Einstufenprozesse erzeugt. Zweistufen­

prozesse mit expliziter Anregung von 2T2L-Zuständen sind noch unterdrückt. 

Dieser Schluß hat wichtige Konsequenzen für die Spektren bei Vorwärtswinkeln 

(e = 0°, 4.5° und 9.5°). Er impliziert, daß die experimentellen Streuquer­

schnitte bei großen 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 müssen. Dies ist jedoch nur mögl i eh, wenn es zusätzl i eh 1 TlL-Obergangs-

stärke im Q-Wertbereich -40 MeV)Q)-70 MeV gibt, deren Winkelverteilung bei 

Vorwärtswinkeln groß ist. Dies bedeutet, daß die Winkelverteilungen eine L=O-, 

L=1- oder L=2-Form haben müssen. Die gesamte 1T1L-Stärke dieser Art ist jedoch 

schon in unseren Rechnungen eingeschlossen, erscheint aber bei niedrigeren An-

regungsenergi en, wo sie zu einem zu großen theoret i sehen Streuquerschnitt 

führt. Eine einfache und mit den Daten konsistente Lösung dieses Problems kann 

erhalten werden, wenn wir eine noch stärkere Verschiebung von L=O-, L=l- und 

L=2-Stärke zu höheren Anregungsenergien annehmen, als wir es bisher schon ge-

tan haben. Mit dieser Annahme würde die Oberschätzung der Daten durch die The-

orie bei niedrigen Anregungsenergien und die Unterschätzung bei hohen Anre-

gungsenergien verschwinden. Die Resultate für die großen Streuwinkel würden 

nicht geändert, denn dort existiert nur wenig Streuquerschnitt im Ni ederener-

giebereich, der verschoben werden könnte. 

Die obigen Schlußfolgerungen könnten sich nur ändern, wenn eine spezielle 

Klasse von Zweistufenprozessen existieren würde, die besonders große Streu-

querschnitte bei Vorwärtswinkeln produziert. Eine Bedingung dafür, daß ein 

Zwei Stufen-Streuquerschnitt bei 0° groß ist, ist die, daß der Gesamtdrehi m­

pulsübertrag t im Streuprozeß klein sein muß, vorzugsweise t=O. Im Falle von 

Zweistufenprozessen besteht der Gesamtdrehimpulsübertragt aus der Summe der 

Drehimpulse, die in jedem Schritt übertragen werden: t=t1+t2" Da wir t=O for­

dern, haben wir t 1 =-t2" Eine weitere Bedingung für einen starken Zwei stufen­

prozeß ist die, daß dieser aus zwei starken Obergängen zusammengesetzt sein 

muß, die jeweils einen vernünftig großen Formfaktor besitzen. Die wichtigsten 

Prozesse werden dann in unserem Fall die inelastische Anregung des Targets mit 

nachfo 1 gendem Ladungsaustausch sein bzw. die Vertauschung bei der Prozesse. 

Dies folgt aus der Tatsache, daß in jedem Schritt eine starke Projektil-Tar-
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getnukleonkopplung benötigt wird, um einen vernünftig großen Formfaktor zu er­

zeugen. Die starken Komponenten der zentralen PTWW bei intermediären Energien 

sind aber die spin-isospinunabhängigen Komponente V0 und die spin-isospinflip-

erzeugende Komponente V (s. Abb. 20). 
Q"[ 

Ein möglicher Zweistufenprozeß, der alle diese Bedingungen erfüllt, ist die 

inelastische Anregung der Monopolriesenresonanz mit anschließendem GT-übergang 

und umgekehrt. Die Monopolriesenresonanz (GMR) erscheint in 90zr bei einer An­

regungsenergie von Ex = 16 MeV 190). Der Q-Wert für den Zweistufenprozeß 

GMR+GTR beträgt dann etwa Q = -(15+16)MeV = -31 MeV. Während der beschriebene 

Prozeß aus einer Kombination von 2hw-Anregung p 1 us ahw-Ladungsaustauschanre­

gung besteht, kann man sich auch eine 1-tiw-inelastische Anregung vom L=1-Typ 

(Anregung der Dipolriesenresonanz) vorstellen, die mit einer 1hw-Ladungsaus­

tauschschwingung gekoppelt wird. Solch ein Zweistufenprozeß würde zum 0°­

Streuquerschnitt bei rund Q = -40 MeV beitragen. Ganz allgemein würde man also 

erwarten, daß Zweistufenbeiträge zum Streuquerschnitt von Q-Werten Q = -30 MeV 

an aufwärts wichtig werden könnten. Deshalb haben wir solche Prozesse berech-

net. Für diese Rechnungen haben wir die erweiterte Version des Computerpro-

gramms FROST MARS benutzt (s. § 3.3), welche eine vollständig antisymmetrische 

Streuquerschnittsrechnung 2. Ordnung DWBA ermöglicht. Wir finden, daß die 

Zwei Stufenstreuquerschnitte für diese ausgewählten Obergänge um drei Größen­

ordnungen kleiner sind als die der Einstufenprozesse (etwa von der Größenord­

nung 10-3 mb/sr bei 0°). Obwohl die Dichte der 2T2L-Zustände bei höheren Anre-

gungsenergi en ziemlieh groß wird, scheint es uns trotzdem ziemlieh unwahr-

scheinlieh zu sein, daß die explizite Anregung von 2T2L-Zuständen einen großen 

Beitrag zum Streuquerschnitt liefern kann, weil die Zweistufenprozesse, von 

denen wir den größten Beitrag erwarten, schon so klein sind. 
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56 2 6 Diskussion des 1:::.- 11 11 -Mechanismus 

Um eine einigermaßen sichere Aussage über die Bedeutung von I:::.N- 1-Beimischungen 

für die GT-Stärkeverteilung machen zu können, müssen wir die Unsicherheiten, 

die vom 2T2L-Konfigurationsmischungseffekt herrühren, minimieren. Dies gelingt 

dadurch, daß wir nur energi ei ntegri erte Streuquerschnitte vergleichen. In Ta-

belle 3 zeigen wir solche energieintegrierten Streuquerschnitte als Funktion 

des Streuwinkels 6. Das Integrationsintervall erstreckt sich von Q=O bis 

Q = -70 MeV. Der Tabelle entnimmt man, daß die theoretischen Streuquerschnit-

te, berechnet mit RPA-Wellenfunktionen, die gemessenen Streuquerschnitte bei 

allen Winkeln mit einer Genauigkeit von etwa 10 % reproduzieren, während die 

Streuquerschnitte, berechnet mit RPA+I:::., diese bei Vorwärtswinkeln (6 = 0°, 

4.5° und 9.5°) um 20 % bis 25 % unterschätzen. Bei 6 = 18.7° sind die RPA-

und RPA+I:::.-Streuquerschnitte im wesentlichen gleich und in Obereinstimmung mit 

dem Experiment. 

6 c.m. 
0 exp 0 cal 

O~Q~-70 MeV O~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 für verschiedene Streuwinkel 6. Die theoretischen Werte wurden mit RPA-Wel­
lenfunktionen oder mit verallgemeinerten RPA+I:::.-Wellenfunktionen (die Zahlen in 
Klammern) berechnet. Alle Zahlen sind einer Ungenauigkeit von 10 % aufgrund 
der Wahl der optischen ~arameter unterworfen. 
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Diese Ergebnisse könnten uns dazu verleiten, zu folgern, daß ~·s für die Ver-

teilung der GT-Stärke keine Rolle spielen. Dieser Schluß ist jedoch gewagt, 

denn wir haben bisher den folgenden wichtigen Effekt noch nicht berücksieh­

t i gt. Bertsch und Hamamoto 97 ) haben gezeigt, daß dann, wenn Stärke zu hohen 

Anregungsenergien geschoben wird, gleichzeitig neue Stärke bei niedrigen Ener-

gien kreiert wird. Dies ist darauf zurückzuführen, daß eine starke Kopplung 

zwi sehen 1 TlL- und 2T2L-Zuständen auch starke Grundzustandskorrelationen vom 

2T2L-Typ impliziert. Vom Standpunkt der Störungstheorie aus sind beide Prozes-

se von der gleichen Ordnung in der TL-Restwechselwi rkung. Die Präsenz von 

starken Grundzustandskorrelationen gibt nun die Möglichkeit, neue sß_- und 

Sß -Stärke zu erzeugen (s. Abb. 31), die beide gleich groß sein müssen, um die 
+ 

Summenregel, Gl. (5.3), zu erfüllen. Wieviel neue Stärke nun wirklich erzeugt 

wird, hängt empfindlich von der Interferenz der Grundzustandskorrelationen mit 

den Endzustandskorrelat i.onen ab. Diese Interferenz ist kohärent, was eine Ab-

schätzung der erzeugten Stärke ziemlich schwierig macht, denn man muß 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 durchführt. Diese messen die Sß+-Stärke direkt und damit auch die 

zusätzliche Sß -Stärke, die durch Grundzustandskorrelationen erzeugt wird. In 

Ermangelung von (n,p)-Experimenten kann man auch eine gute Abschätzung über 

den von Grundzustandskorrelationen zu erwartenden Betrag von sß_(Sß)-Stärke 

erhalten, indem man die (p,n)-Reaktionen von spingesättigten Kernen wie 160 

oder 40ca studiert. Im Modell unabhängiger Teilchen ( 11 Independent Particle 11
-

Modell) haben diese Kerne keine GT-Stärke. Bei Anwesenheit von Grundzustands-

korrelationen ist die sß_-Stärke von null verschieden, was zu einem vergrößer­

ten 0° (p,n)-Streuquerschnitt führen muß. In einer vorläufigen Rechnung für 

die 40ca(p,n)-Reaktion bei 200 MeV Einschußenergie haben wir gefunden, daß 
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möglicherweise15mb des 0°-Streuquerschnitts GT-Stärke ist. Dieser Wert ist 

in guter Obereinstimmung mit Resultaten. die in expliziten 2T2L-Rechnungen für 

40ca erhalten wurden 187 ). 

In Anbetracht dieser Probleme sehen wir uns veranlaßt, aus unseren Analysen 

der 90zr(p,n)-Daten folgende Schlußfolgerungen bezüglich des t.- 11 Quenching 11 -Me-

chanismus zu ziehen: Dieser wird zur Beschreibung der Daten nur benötigt, 

falls ein großer Betrag an Sß+-Stärke in 90zr existiert. Andernfalls sind die 

gemessenen (p,n)-Streuquerschnitte in Obereinstimmung mit Stärkevorhersagen, 

wie sie von der RPA gemacht werden. Die Stärke muß jedoch über einen relativ 

großen Anregungsbereich verteilt werden. Um ein Gefühl für diese Verteilung zu 

bekommen, listen wir in Tabelle 4, Spalte 3, den Anteil des totalen GT-Streu-

querschni tts, der energetisch oberha 1 b des GT -Peaks 1 i egt. Dies er Antei 1 be-

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

8 0 GT 0 GT c .m •. 
O::-Q::--70 MeV -20::-Q::--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 für 
verschiedene Streuwinkel 8. Die Werte in Klammern wurden mit RPA+t.-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 Vorwärtswinkelspektren analysiert und auch die Win­

kelabhängigkeit der verschiedenen Resonanzen studiert haben, können wir ganz 

einfache Abschatzungen für die Stärkeverteilung der verschiedenen Multipole 

allein durch Verwendung der experimentellen Daten machen. Im folgenden wollen 

wir dies demonstrieren. Wir beginnen mit den Daten für große StreuwinkeL Da 

der Streuquerschnitt für die L=2-Resonanz bei 6 = 9.5° sein Maximum erreicht 

und die GT- und L=1-Resonanz vernachlässigbar klei11e Streuquerschnitte bei 

18.7° besitzen, können wir die Verteilung der L=2-Starke abschätzen, indem wir 

das experimentelle 18.7°-Spektrum vom 9.5°-Spektrum subtrahieren. Dieses Ver­

fahren ist besonders sicher für große negative Q-Werte, Q,;;;; -40 MeV, da der 

Streuquerschnitt bei diesen hohen Q-Werten und großen Streuwinkeln durch L=3-

und L=4-übergänge erzeugt wird, deren Winkelverteilungen noch von 9.5° nach 

18.7° hin ansteigen. Mit dies er Subtraktionsmethode findet man, daß die L=2-

Stärke sich mindestens bis Q = -50 MeV erstrecken sollte. In ahnlicher Weise 

können wir den Hochenergieteil des 0°-Spektrums vom 4.5°-Spektrum subtrahie­

ren. Da der L=1-Streuquerschnitt von 0° nach 4.5° wächst, können wir bestim­

men, bis zu welchem Q-Wert wir mindestens L=1-Stärke erwarten sollten. Wir 

finden Q = -40 MeV für L=l. Schließlich 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 

12.8°- vom 0°-Spektrum eine untere Grenze für die Ausbreitung der GT -Starke. 

Wir finden, daß die GT-Stärke mindestens bis Q = -35 MeV verteilt sein sollte. 

Wenn wir diese 11 experi mente 11 en 11 Werte für die Starkevertei 1 ungen der ver­

schiedenen Ladungsaustauschmoden mit denen von der mikroskopischen Analyse der 

(p,n)-Spektren vergleichen, finden wir, daß beide im wesentlichen übereinstim-
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men. Dies gibt zusätzliches Vertrauen in unsere Schlußfolgerung, daß sich ein 

großer Teil der L=O-, L=1- und L=2-Stärke im Hochenergieteil des 90 zr(p,n)­

Spektrums befindet. 

5.6.2.8 Vergleich mit anderen Rechnungen 

Kernstrukturrechnungen, die die Dämpfung der diskreten RPA-Zustände aufgrund 

ihrer Kopplung mit 2T2L-Konfigurationen bestimmen, sind für elektrische Rie­

senresonanzzustände durchgeführt worden (siehe Ref. 184 für einen Obersichts-

artikel ). Neulich haben verschiedene Gruppen ähnliche Rechnungen für die GT­

Zustände gemacht 181, 185-187). Hier beziehen wir uns auf Rechnungen für 90zr 

von Cha u.a.l81). Diese Autoren finden, daß sich die GT-Stärke in 9°zr bis zu 

einer Anregungsenergie von 60 MeV erstreckt und daß der Hochenergieteil der 

GT-Stärkefunktion etwa 25 % der Gesamtstärke enthält. Ähnliche Resultate wur­

den auch von anderen Gruppen berichtet 185- 187). Alle diese Rechnungen stimmen 

qualitativ mit unseren gegenwärtigen Ergebnissen überein. 

5.3 Analyse der 42ca(p,n) 42 sc-Reaktion 

Eine ganz wichtige Rolle in der Diskussion der fehlenden GT-Stärke fällt der 

42ca(p,n)-Reaktion zu, und zwar aus folgenden Gründen: Zunächst existiert in 

42sc bei der niedrigen Anregungsenergie von Ex = 0.61 MeV ein starker GT -Zu­

stand, desen B(GT)-Wert vom ß-Zerfall17S-177) her bekannt ist. Dieser Zustand 

wird häufig von den Experimentalphysikern benutzt, um gemessene (p,n)-Daten 

für andere Targetkerne auf den ß-Zerfall zu normieren54,59-61). Die Genauig-
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keit dieser Normierung beträgt jedoch nur~ 10 %, da die Distortionsfaktoren 

in Gl. (5.1) nur mit dieser Genauigkeit berechnet werden können. Dementspre-· 

chend ist auch unser Eichverfahren für die effektive PTWW nicht genauer (s. § 

5.5). Analysieren wir jedoch die Daten im gleichen Targetkern, in dem wir das 

Eichverfahren durchführen, so entfällt diese Ungenauigkeit und unsere Rechnun-

genwerden noch beweiskräftiger. Ein weiterer wichtiger Grund für die Bedeu­

tung der 42ca(p,n)42sc-Reaktion in der Diskussion der fehlenden GT-Stärke ist, 

daß im Gegensatz zum 48ca(p,n)-0°-Spektrum, das zwei starke T=3-Zustände auf­

weist, das 42ca(p,n)-Spektrum nur einen starken GT-Zustand besitzt. Dieser ist 

der oben diskutierte 1+, Ex= 0.61-Zustand in 42sc. Die Wellenfunktion dieses 

Zustandes besitzt im wesentlichen einen [nf 712vf 712 ]
1

+ -Charakter. Der hoch­

liegende 1+-zustand mit der [nf
512

vf
712

]
1
+-Konfiguration als dominante Kompo­

nente in der Wellenfunktion scheint jedoch im Spektrum völlig zu fehlen, abge­

sehen von sehr kleinen GT-Bruchstücken bei Q = -18 MeV. Dieses Fehlen des 

hochliegenden GT-Zustandes wurde als ein starker Effekt von SU(4)-Symmetrie in 

42ca interpretiert und im Zusammenhang damit als ein klares Anzeichen für ei­

nen starken t.-Isobar- 11 Quenching 11 -Mechanismus in 42ca 191). Im folgende-n werden 

wir die Frage nach der hochliegenden GT-Stärke in 42ca(p,n)42sc klären, indem 

wir explizit zeigen, wo sie sich befindet. 

Unsere Modellannahmen bei der Analyse der 42ca(p,n)-Daten sind ähnlich wie 

oben in § 5.3 dargestellt, nur daß 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 f7jrNeutronenschale eine Besetzungszahl von 0.25 geben, um eine 

Neutronenzahl von 22 zu machen. Dann führen wir für diesen Kern eine RPA-Rech-

nung in einem Modellraum mit großer Basis durch, die alle ~6nw-Anregungen ein-

schließt. 
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In den Strukturrechnungen vernachlassigen wir 2T2L- und kompliziertere Korre­

lationen im Grundzustand von 42ca sowie die attraktive Teilchen-Teilchen-Wech­

selwirkung (TTWW) zwischen den beiden Nukleonen außerhalb des 40ca-Cores. Des­

ha 1 b werden wir mit diesen Rechnungen Feinheiten des 42 sc-Anregungsspekt rums 

nicht beschreiben können. Dies gilt insbesondere für die Otlw-Zustände, die 

sensitiv von der TTWW abhängen 192 •193 ). Andererseits sind die Feinheiten der 

Starkeverteilung für unsere Absicht, die Gesamtstärke im Spektrum auszurech-

nen, nicht so wichtig, da wir die berechnete, diskrete Stärke durch Faltung 

mit einer Breit-Wigner-Form sowieso verteilen. Viel wichtiger dagegen ist, daß 

wir die totale Summenregelstarke für jeden Multipolübergang ausschöpfen, um 

die berechneten und experimentellen energieintegrierten Streuquerschnitte ver-

gleichen zu können. Trotz Vernachlässigung der TTWW sollten unsere Rechnungen 

die 11lw-, 2fiw- und 31iw-Zustände ziemlich realistisch beschreiben, denn diese 

werden nur sehr wenig von der TTWW beeinflußt. 
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Abb. 40: Neutronspektren für die 42ca(p,n)-Reaktion bei verschiedenen Streu­
winkeln e. Die 0°-Daten (dünne durchgezogene Kurve) wurden von Ref. 191 genom­
men. Die theoretischen Spektren wurden mit RPA-Wellenfunktionen berechnetj wo­
bei die optischen Parameter von Ref. 180 und die Love-Franey t-Matrix127 für 
die effektive PTWW genommen wurden. Letztere wurden auf den ß-Zerf a 11 geeicht 
(s. Ref. 105). 
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In Abb. 40 zeigen wir die berechneten Spektren für die 42 ca(p,n) 42sc-Reaktion 

bei einer Einschußenergie von 160 t~eV. Die Spektren sind inkohärente Summen 

von Streuquerschnitten mit L=O bis L=3 (Jn = o+,o-, ••• ,4-). Die RPA-Rechnungen 

sagen zwei starke GT-Zustände voraus. Der tiefliegende besitzt einen 0°-Streu­

que rs chn i tt von 15 mb und der hoch 1 i egende einen 0° -St reuque rschn i tt von 19 

mb. In Wirklichkeit ist die Stärke dieser Zustände fragmentiert aufgrundder 

TTWW sowie aufgrund von 2T2L-Beimischungen. Um dies zu berücksichtigen, haben 

wir die GT-Stärke umverteilt zu den experimentell beobachteten Positionen von 

Q = -8, -11 und -17.8 MeV. Außerdem mußten wir etwa 30% der hochliegenden 

Stärke zu den niedrigen Zuständen 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 verständlich, denn diese würde 

von der attraktiven TTWW bewirkt, wenn sie in den Rechnungen eingeschlossen 

wäre. Die. kontinuierlichen Spektren in Abb. 40 wurden dann durch Faltung der 

diskreten Streuquerschnitte mit einer Breit-Wi gner- Vertei 1 ung erhalten. Die 

Breiten wurden so weit wie möglich vom Experiment genommen. Für 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). Für alle anderen Zustände wählten wir eine asymmetrische 

Breite von 10 MeV. Die Faltung simuliert die Dämpfung der diskreten RPA-Zu­

stände wegen ihrer Kopplung an 2T2L- und kompliziertere Kernzustände. 

Im oberen 1 i nken Tei 1 von Abb. 40 vergleichen wir das berechnete 0°-Spekt rum 

(dicke durchgezogene Linie) mit den Daten von Goodman u.a.191) (dünne durchge­

zogene Linie). Die Obereinstimmung zwischen Rechnung und Experiment ist sehr 

gut. Die gestrichelten Kurven in Abb. 40 bezeichnen den Untergrund bezüglich 

der GT-Zustände. Offensichtlich existiert kaum Untergrund unterhalb der GT-Re­

sonanz im 0°-Spektrum. Dies kann man besser von Abb. 41 sehen, wo wir eine 
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Abb. 41: Nullgradspektrum für die 42ca(p,n)42sc-Reaktion. Die Daten (dünne 
, durchgezogene Kurve) wurden von Ref. 191 genommen. Das vollständige theoret i­

sehe Spektrum wurde berechnet wie im Text beschrieben. Die gest ri ehe lte Kurve 
zeigt den Untergrund bezüglich der GT-Zustände. Die gepunktete Kurve ist das 
berechnete oo_40ca(p,n)40sc-Spektrum (Ref. 105). 

vergrößerte Version des 0°-Spektrums zeigen. Die Tatsache, daß der Niederener­

giebereich des 0°-Spektrums praktisch frei von Untergrund ist, ist an sich 

keine Überraschung, denn dies er Untergrund muß von ollw- und 111w-Zuständen mit 

Spin-Parität i\q + erzeugt werden. Von diesen Zuständen hat nur die IAR ihren 

Peakstreuquerschnitt bei 0°. Alle anderen Ohw-Zustände mit J 11 = 2+,3+,4+ etc. 

tragen nur sehr wenig zum 0°-Streuquerschnitt bei. Ähnlich ist es mit den 

tiefliegenden o-, 1- und z--zuständen, deren Winkelverteilungen eine L=1-Form 

besitzen und deshalb nur von einem verhältnismäßig großen Q-Wert an zum 0°-

Spektrum beitragen. Da im Q-Wertbereich 0)Q;.o-20 MeV praktisch kein Untergrund 

vorhanden ist, ist klar, daß dies er Tei 1 des Spektrums direkt die GT -Stärke-

funktion reflektiert. Dies ist sehr wichtig, denn es besagt, daß unsere Ergeb­

nisse auch nicht geändert würden, wenn wir bessere Gnw-Wellenfunktionen benut-

zen würden, welche auch die Details der GT-Stärkefunktion beschreiben. 
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Unsere Analyse des 0°-Spektrums fordert nun, daß der 11 Peak 11 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 Stärke schöpft etwa 40% der totalen GT-Summenregelstärke aus. Die 

relative Stärke zwischen dem niedrigliegenden und dem hochliegenden GT-Peak 

ist in 42ca gerade umgekehrt verteilt wie in 48ca, wo der hochliegende GT-Peak 

mehr Stärke besitzt als der niedrigliegende. Dieses Verhalten ist auf die at­

traktive TTWW zurückzuführen, die in 42ca wirkt, aber nicht in 48ca. 

e 0 GT cr bgr cr G T+cr bgr c.m. 
(deg.) (mbjsr) (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 (-15~Q~-25 MeV) 
als Funktion des Streuwinkels e. Spalte 2 zeigt den Streuquerschnitt für den 
hochliegenden GT-Zustand in 42ca, Spalte 3 den zugehörigen Untergrundstreu­
querschnitt und SpaJte 4 die Summe von beiden. 

Man wird fragen, warum diese GT-Stärke bei Q = -18 MeV bisher experimentell 

noch nicht beobachtet wurde. Der Grund dafür kann von Tabe 11 e 5 gesehen wer-

den, wo wir für den fraglichen Energiebereich die energieintegrierten GT- und 

Untergrundstreuquerschnitte angeben. Man sieht, daß der Untergrund im Energie-

bereich -15 MeV~Q~-25 MeV rasch mit dem Streuwinkel ansteigt und daß die Summe 

aus GT- und Untergrundstreuquerschnitt die Form einer L=1- anstelle einer L=O-

Winkelverteilung hat. Letztere ist notwendig, um die GT-Stärke identifizieren 

zu können. Unsere Behauptung, daß ein großer Teil der GT-Stärke bei Q = -18 

MeV liegt, kann direkt durch Messung des transversalen Spintransferkoeffizien-
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ten DNN in der 42 ca(p.~)-Reaktion nachgewiesen werden. Solch ein Experiment 

wurde neulieh erfol grei eh bei IUCF für andere Targetkerne. durchgeführt 194 ). 

Man wird auch fragen, warum wir die berechneten Spektren bei höheren Streuwin­

keln (e = 5°, 11.5° und 15.5°) nicht mit Daten vergleichen. Tatsächlich sind 

Daten für diese Streuwinkel gemessen wordenl95 ), sie sind aber noch nicht pu­

bliziert. Wir haben die theoretischen Spektren mit diesen unpublizierten Daten 

verglichen und finden, daß sie beide gut übereinstimmen. 

In Abb. 41 zeigen wir auch eine Rechnung für das 0°-Spektrum der 40ca(p,n)40sc­

Reaktion (gestrichelte Kurve). Dieses Spektrum wurde in der gleichen Weise be­

rechnet wie das für 42ca(p,n), nur daß wir hier normale RPA-Wellenfunktionen 

zur Beschreibung des 40sc-Anregungsspektrums genommen haben. Wir benutzten au-

ßerdem eine kleine Breite von 3 MeV bei der Faltung der Streuquerschnitte der 

hochangeregten Zustände mit der Breit-Wi gner-Vertei 1 ung, um zu demanstri eren, 

daß unsere Ergebnisse ziemlich unabhängig von der Wahl dieser Breite sind. Man 

beachte, daß der 42ca(p,n)42sc-Untergrund nur ein wenig größer ist als der 

4°ca(p,n)-Streuquerschnitt. Dies ist auf die bei9en zusätzlichen Neutronen in 

42ca zurückzuführen. 

Durch Vergl ei eh des berechneten Spektrums für 42 ca ( p ,n) mit den Daten erkennt 

man, daß die Theorie die Daten im Q-Wertberei eh um Q = -25 MeV unterschätzt. 

Zusätzl i ehe 1 +-Stärke (und/oder L=l-Starke) von "' 8 mb wird benötigt, um die 

Daten opt i ma 1 zu beschreiben. Diese zusätz 1 i ehe Stärke muß von 2 T2L-Grundzu­

standskorrelationen in 42ca erzeugt werden, welche nicht in unseren Rechnungen 

eingeschlossen sind. 

Zusammenfassend können wir für die 42ca(p,n)-Reaktion sagen, daß der hochlie­

gende 1+-zustand mit der [nf
512

vf
712

]
1
+-Konfiguration in 42sc bei einer Anre-
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gungsenergie von 10 MeV existiert und eine Breite von 6 MeV besitzt, welche 

der Breite der GT-Riesenresonanz in 48 ca entspricht. Der größte Anteil vom 0°­

Streuquerschnitt im Q-Wert-Bereich von O;;.Q;;.-20 MeV ist 1+-Stärke, die in 42 ca 

zu einer totalen GT-Summenregelstärke führt, die größer ist als der minimale 

Summenregelwert von 3(N-Z). Dies bedeutet, daß alle Stärke, die im 42 ca(p,n)­

Spektrum als fehlend angenommen wurde, im Niederenergiespektrum vorhanden ist. 

6. Zusammenfassung 

Die vorliegende Arbeit beschäftigt sich mit zwei verschiedenen Aspekten von 

direkten Kernreaktionen, nämlich einerseits mit der mikroskopischen Berechnung 

des imaginären optischen Potentials für die elastische Nukleon-Kern-Streuung 

sowie andererseits mit der mikroskopischen Analyse von magnetischen Riesenre­

sonanzzuständen in Atomkernen, die durch (p,n)-Ladungsaustauschreaktionen an­

geregt werden. 

Im ersten Teil der Arbeit wird der Imaginärteil W(E,t,r•) des optischen Poten­

tials für die elastische Proton- und Neutron-Kernstreuung im Rahmen der sog. 

Kernstrukt~rnäherung zum optischen Potential mikroskopisch berechnet. Die 

Rechnungen werden im Feshbach-Forma 1 i smus in zweiter Ordnung Störungstheorie 

bezüglich einer effektiven Projektil-Targetnukleon-Wechselwirkung durchge­

führt. 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 intermediären Reaktionskanälen verwen­

det. Die intermediär angeregten Kernzustände werden durch mi kroskopi sehe RPA­

Wellenfunktionen genähert. Letztere haben den Vorteil, daß sie die kollektiven 

Kerneigenschaften ziemlich gut beschreiben. Alle energetisch offenen inela-
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stischen Kanäle sowie alle Ladungsaustauschkanäle werden in den Rechnungen be­

rücksichtigt. Damit wird die gesamte Einteilchen-Einloch-Stärke, die in zwei­

ter Ordnung angeregt werden kann, ausgeschöpft. Für die Neutronstreuung sind 

die intermediären Ladungsaustauschzustände sehr wichtig und erzeugen bei 30 

MeV Einschußenergie etwa ein Drittel der Gesamtabsorption W. 

Die berechneten imaginären Potentiale zeigen alle Oberflächenabsorption. Diese 

ist hauptsächlich auf die wichtigen intermediären kollektiven Zustände zurück­

zuführen. Die Peakposition der Absorption ist sehr sensitiv auf Details der 

verwendeten Kernstrukturwellenfunktionen. Insbesondere die übergangsdichten zu 

den kollektiven Zuständen müssen in Obereinstimmung mit dem Experiment sein, 

um die Form des imaginären Potentials an der Kernoberfläche richtig zu be­

schreiben. Ohne Einschluß der Kernkollektivität kann kein stark oberflächenab­

sorbierendes Potential erzeugt werden. Außerdem ist die Absorption dann viel 

zu schwach. 

Verschiedene Eigenschaften der mi kroskopi sehen imaginären Potent i a 1 e werden 

diskutiert. Dazu gehören ihre Energie- und Isospinabhängigkeit, ihre Nichtlo­

kalität und die Coulomb-Korrektur, die zu einer unterschiedlichen Absorption 

in der Proton- und Neutronstreuung führt. 

Die berechneten nichtlokalen Potentiale werden mit Hilfe der lokalen Näherung 

von Perey und Saxon138) in 11 äquivalent 11 lokale Potentiale überführt. Es stellt 

sich heraus, daß die lokale Näherung nur beschränkt gültig ist. Elastische 

Streuquerschnitte, die mit den nichtlokalen und den 11 äquivalent 11 lokalen Po­

tentialen berechnet werden, zeigen in der Struktur ein ähnliches Verhalten, 

unterscheiden sich jedoch bei Rückwärtswinkeln merklich in der Größe. Bei der 

lokalen Näherung geht offensichtlich zuviel Information verloren, die das mi­

kroskopische nichtlokale Potential noch enthält. 
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In allen untersuchten Fällen sind die Volumenintegrale der mikroskopischen Po­

tentiale um einen Faktor 1.5 bis 2 kleiner als die der phänomenologischen Po­

tent i a 1 e. Diese Unterscheit zung der Absorption kann drei verschiedene Ursachen 

haben. Ein offensichtlicher Grund liegt darin, daß unelastische Kanäle allein 

als intermediäre Doorways nicht ausreichen, um genügend Absorption zu erzeu­

gen. Andere Reaktionskanale wie Transferkanale müssen möglicherweise ei nge­

schlossen werden, um die Absorption zu erhöhen. Diese sind jedoch nichtortho­

gonal zu den unelastischen Kanalen und führen deshalb zu Doppelzahlungsproble­

men. 

Eine andere Ursache für die Unterschätzung der Absorption könnte die Vernach­

lässigung der Kopplung zwischen den angeregten Doorway-Zustanden sein. Dieser 

Effekt ist in den beschriebenen Rechnungen nicht eingeschlossen. 

Eine dritte, an sich einfache Möglichkeit, um den Unterschied zwischen den be­

rechneten und den phänomenologischen Volumenintegralen zu erklären, ist die, 

daß die Eikemeier-Hackenbroich t-Matrix, die für die effektive Projektil-Tar­

getnukleon-Wechselwirkung benutzt wird, keine explizite Dichteabhangigkeit be­

sitzt. Eine dichteabhängige Wechselwirkung hat die Tendenz, die Absorption be­

sonders an der Kernoberfläche zu vergrößern. Zusammenfassend kann man sagen, 

daß eine Abweichung um einen Faktor 2 in den Volumenintegralen tatsachlich 

nicht besonders groß ist und daß ein Zusammenwirken aller drei Effekte, Ein­

schluß von anderen Reaktionskanalen, Kopplung zwischen Doorways und Berück­

sichtigung der Dichteabhangigkeit in der Projektil-Targetnukleon-Wechselwir­

kung notwendig ist, um diese Diskrepanz zwischen theoretischen und phänomeno­

logischen Potentialen zu beheben. 

Im zweiten Tei 1 dies er Arbeit wird im Rahmen von mi kroskopi sehen Kernmode 11 en 

eine vollstandige Analyse von verschiedenen A(p,n)B-Ladungsaustauschreaktionen 
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bei hohen Einschußenergien 160 MeV.:;; E.:;; 200 MeV durchgeführt. Die Kernanre­

gungsspektren werden entweder durch mi kroskopi sehe RPA-We 11 enfunkt i onen oder 

durch verallgemeinerte RPA+~-Wellenfunktionen, die ß-Isobar-Freiheitsgrade ex­

plizit enthalten, beschrieben. Die Streuquerschnitte werden in der sog. 11 dis­

torted wave 11 Impulsapproximation berechnet. Die effektive Projektil-Targetnu­

kleon-Wechselwirkung wird durch ein spezielles Eichverfahren auf den ß-Zerfall 

normiert, um eine vom Reaktionsmodell möglichst unabhängige Analyse der Spek­

tren zu garantieren. Es wird gezeigt, daß die gesamten Vorwärtswinkel-(p,n)­

Spektren bis hinauf zu Anregungsenergien von 70 MeV allein aus korrelierten 

Einteilchen-Einloch-Spin-Isospin-übergängen resultieren. ·Die Spektren stellen 

desha 1 b die 1 i neare Spin-Isospin-Response des Targetkerns auf das probende 

(p,n)-Feld dar. Sowohl die diskreten Zustände als auch die kontinuierlichen 

Teile der Spektren lassen sich allein auf Eintei'lchen-Einloch-Anregungen des 

Targetkerns zurückführen. 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 Zustände ver­

schiedener Multipolarität L bzw. Spin-Parität Jn zerlegen. In der 90zr(p,n)­

Reaktion können drei kollektive Spin-Isospin-Resonanzen eindeutig identifi­

ziert werden. Dies sind die kollektive Gamow-Teller-Resonanz (GTR) mit den 

Quantenzahlen L=O, S=1, T=1, Jn = 1+, die Spin-Isospin-Dipolriesenresonanz mit 

den Quantenzahlen L=1, S=1, T=1, Jn = o-, 1- und r, und die kollektive Spin­

Isospin-Quadrupolriesenresonanz mit den Quantenzahlen L=2, S=1, T=1, Jn = 1+, 

z+, 3+. Die GTR besitzt in 9°zr eine Anregungsenergie von Ex = 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 ungefähr 15 MeV. Sie setzt sich aus 

drei kollektiven Zuständen mit Spin-Parität Jn = o-, 1- und z- zusammen. Die 
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L=2-Resonanz ist eine 2hw-Schwi ngung mit einer Anregungsenergie von ungefahr 
. 

35 MeV und einer Breite von ungefahr 15-20 MeV. Sie schließt Zustande mit 

Spi n-Paritat J1f = 1 +, 2+ und 3+ ein. Die 1 etzten bei den Resonanzen wurden in 

dieser Arbeit erstmals eindeutig lokalisiert. 

Ein weiteres Ziel dieser Arbeit besteht in der quantitativen Bestimmung der 

totalen Gamow-Teller-übergangsstärke Sß_, die in den (p,n)-Reaktionen beobach­

tet wird. Die Bestimmung dieser Größe ist besonders wichtig, weil in den bis-

herigen Analysen der (p,n)-Spektren nur 50-60 % der totalen GT-übergangsstarke 

gefunden wurden und für dieses Fehlen der Stärke innere Nukleonfreiheitsgrade 

wie die t:,. ( 33) -Anregung verantwort 1 i eh gemacht wurden. In dies er Arbeit wird 

nun gezeigt, daß ein großer Teil der 11 fehlenden 11 GT-Stärke tatsachlich in dem 

Teil der Spektren lokalisiert ist, den die Experimentalphysiker als 11 Unter­

grund11 klassifiziert haben. Berücksichtigt man diesen Teil der GT-Stärke, so 

erhöht sich die beobachtete GT-Stärke auf einen Wert, der mit der minimalen 

Ikeda-Summenregelstarke von Sß_ = 3(N-Z) verträglich ist. Diese Aussage trifft 

zumindest für die in dieser Arbeit untersuchten Targetkerne 48ca, 90zr und 

42ca z·u. Da dieses Ergebnis von eminenter Bedeutung für die Rolle von t:,.-Iso-

bar-Freiheitsgraden in Atomkernen ist, soll diese Aussage noch praziser formu­

liert werden. Für 90 zr gilt, daß die totale GT-Stärke S so groß sein darf 
ß-

wie die minimale Ikeda-Summenregelstarke Sß_ = 3(N-Z), ohne daß ein Wider-

spruch mit den 90zr(p,n)-Daten auftritt. Ein 11 Quenching 11 von GT-Stärke durch 

den /::,-Isobar-Mechanismus ist nur erforderlich, wenn aufgrund von Zweiteilchen-

Zwei 1 och- oder Mehrtei 1 chen-Mehrl och-Grundzustandskorre 1 at i onen, die nicht in 

der RPA eingeschlossen sind, zusätzliche GT-Starke (d.h. Sß_- und Sß+-Stärke) 

erzeugt wird. 
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Eine etwas modifizierte Aussage trifft für die 42ca(p,n) 42 sc-Reaktion zu. Hier 

zeigen die Analysen der Daten, daß diese mit einer totalen GT-Summenregelstär-

ke von 3(N-Z) + 24 %, d.h. mit sß_ = 1.24 x 3(N-Z) verträglich sind. Dieser 

Wert liegt um 24 % höher als die minimale Summenregelstarke 3(N-Z). Deshalb 

ist auch in 42ca nur ein starker t.-Isobar-"Quenchi ng"-Mechani smus notwendig, 

wenn starke Grundzustandskorrelationen noch wesentlich mehr S -Starke als 
ß-

Sß_ = 1.24 x 3(N-Z) erzeugen. 

Die in dieser Arbeit durchgeführten quantitativen Analysen der (p,n)-Spektren 

zeigen, daß dem t.-Isobar-Freiheitsgrad möglicherweise eine weit geringere Be-

deutung bei der Unterdrückung der GT-Starke zukommt als in der Vergangenheit 

vielfach angenommen wurde. Eine quantitative Entscheidung über die Größe die­

ses t.-Isobar-Effekts kann letztlich aber nur durch (n,p)-Experimente gegeben 

werden, die die S +-Stärke direkt messen. Unter gleichzeitiger Berücksichti-
ß ' 

gung der (p,n)-Experimente kann dann die Ikeda-Summenregel Sß_-Sß+ = 3(N-Z) 

direkt überprüft werden. Deshalb sind (n,p)-Experimente besonders wichtig für 

die Beantwortung der Frage nach der Bedeutung von t.-Isobar-Freiheitsgraden für 

das Niederenergieanregungsspektrum von Atomkernen. 
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