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Diese Arbeit befasst sich mit der Theorie des Zweikörperzerfalls unter Beteili-
gung baryonischer Felder. Im Anschluss an eine Einführung in die grundlegenden
Eigenschaften von Elementarteilchen und einige Anmerkungen zur Theorie des
Zweikörperzerfalls wird das erweiterte Lineare Sigma-Modell vorgestellt. Es erfolgt
die explizite Berechnung der Zerfallsbreite des Zerfalls des chiralen Partners des
Nukleons in einen Tetraquark-Zustand und ein Nukleon. Außerdem wird das Ver-
hältnis zweier beim Zerfall eines pseudoskalaren Glueballs auftreteden Zerfalls-
kanäle bestimmt. Letzteres ist im Zusammenhang mit dem PANDA-Experiment
bei FAIR von Bedeutung.



1 Grundlegendes

Dieses Kapitel schafft einen Einblick in die Welt der Elemetarteilchen. Außer auf
den geschichtlichen Hintergrund wird auf die der physikalischen Beschreibung zu-
grunde liegenden Symmetrien eingegangen.

1.1 Elementarteilchenphysik

Die Geschichte der Elementarteilchenphysik gleicht einer Entdeckungsreise. Mit
der Zeit kamen, mit zunehmender Genauigkeit der Messmethoden, immer mehr
unterschiedliche Teilchen zum Vorschein. Strukturen konnten immer feiner aufge-
löst werden. Bis in die späten Fünfzigerjahre war die Situation jedoch noch recht
übersichtlich. Man kannte lediglich Leptonen und einzelne Hadronen [1]. Leptonen
haben keine innere Struktur und gehen nicht in angeregte Zustände über. Experi-
mente mit Neutrinos haben gezeigt, dass sich Leptonen in Paaren gruppieren: Nach
zunehmender Masse geordnet sind dies das Elektron (0.5 MeV) und das Elektron-
Neutrino, das Myon (100 MeV) und das Myon-Neutrino, das Tauon (1800 MeV) und
das Tauon-Neutino sowie deren Antiteilchen. Die Neutrinos sind nahezu masselos.
In den Sechzigerjahren erlaubten verbesserte Protonen-Beschleuniger Einblicke in
die Welt schwererer Teilchen (∼2.8 GeV). Die Zeit der Hadronen-Spektroskopie
brach an. Scheinbar unzählige neue Teilchen und angeregte Zustände wurden seit-
dem entdeckt. Um angesichts der großen Anzahl von Teilchen nicht die Übersicht
zu verlieren, kann man sich eines praktischen Ordnungssystems bedienen: Im Rah-
men der Gruppentheorie nutzt man Symmetrien, um die Teilchen gemäß ihrer
Quantenzahlen in Multipletts anzuordnen. Doch weil auch dies mit der Zeit recht
unübersichtlich zu werden drohte, erdachte man bald darauf ein grundlegende-
res Prizip der Kategorisierung: 1964 postulierte Murray Gell-Mann das sogenann-
te Quark-Modell [2], wonach Hadronen aus kleineren Einheiten, den Quarks, zu-
sammengesetzt sind. Mit Hilfe dieses Modells lassen sich Hadronen in sogenannte
Flavour-Multipletts einordnen, wobei die sechs Quark-Sorten up, down, strange,
charm, top und bottom Flavours genannt werden. Das Modell wurde allgemein
anerkannt, als es wenig später die Existenz eines neuen Teilchens (des Ω−) vor-
aussagte, das tatsächlich gefunden wurde. Bald darauf konnte die Substruktur der
Hadronen experimentell nachgewiesen werden. Quarks waren nicht mehr nur ein
rein mathematischer Kunstgriff. Quarks haben die Eigenart, nicht als freie Teil-
chen beobachtbar zu sein. Dies nennt man Confinement. Sie sind der starken Wech-
selwirkung unterworfen. Ihre Austauschteilchen werden Gluonen genannt. Je nach
Anzahl und Art der enthaltenen Quarks lassen sich Hadronen in zwei Gruppen ein-
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1 Grundlegendes

teilen: Mesonen und Baryonen. Mesonen bestehen aus Quark-Antiquark-Paaren
und besitzen ganzzahlige Spins, weshalb sie zu den Bosonen zählen. Baryonen set-
zen sich aus drei Quarks zusammen und gehören wegen ihres halbzahligen Spins
zu den Fermionen. Anzumerken ist, dass die Existenz exotischer Hadronen wie
Tetraquark- (aus zwei Quarks und zwei Antiquarks) oder Pentaquark-Zuständen
(vier Quarks und ein Antiquark) nicht auszuschließen ist.

1.2 Quantenchromodynamik

Die theoretische Beschreibung des Verhaltens von Quarks und Gluonen unter Ein-
fluss der starken Wechselwirkung erfolgt im Rahmen der Quantenchromodynamik
(QCD). Diese Eichfeldtheorie ist nicht-abelsch, weshalb ihre Austauschteilchen, die
Gluonen, nicht ungeladen sind, sondern Farbladung tragen. Dies bedeutet, dass
die Elemente der zugrunde liegenden Gruppe SU(3) im Allgemeinen nicht kommu-
tieren. Farbladung bewirkt Selbstwechselwirkung zwischen den Gluonen. Sie ist
der Grund dafür, dass die Kopplungsstärke zwischen den Gluonen und Quarks ab-
nimmt, je näher sie einander kommen (je höher die Energie ist) und ins Unermess-
liche wächst, wenn sie sich voneinander zu trennen versuchen. Das erstgenann-
te Phänomen nennt sich asymptotische Freiheit, letzteres ist das oben erwähnte,
bisher noch nicht mathematisch-rigoros bewiesene Confinement. Im folgenden Ab-
schnitt erfolgt eine genauere und systematischere Betrachtung der Symmetrien,
denen Quarks unterworfen sind.

1.3 Symmetrien

Wie eingangs erwähnt spielen für die formelle Beschreibung der Natur, vor allem
der Natur der Elementarteilchen, Symmetrien eine zentrale Rolle. Eine Symmetrie
ist die Invarianz einer Theorie unter Transformationen [3]. Eine Transformation,
die die Wirkung invariant lässt, nennt man Symmetrietransformation. Zu diesen
Transformationen gehören neben Koordinatentransformationen auch sogenannte
interne Symmetrien. Diese werden im Folgenden näher betrachtet. Symmetrie-
transfomationen verändern ein System augenscheinlich nicht. Man bemerkt also
erst, dass eine Symmetrie vorliegt, wenn sie gebrochen wird. Symmetriebrechun-
gen geben über die Eigenschaften von Elementarteilchen Aufschluss.

Fermionische Felder Ψ tragen drei verschiedene Arten von Indizes: Ψf
α,i.

α = 1, ..., 4 ist der Spinor-Index, auf den die Dirac-Matrizen wirken, i = 1, ..., 3
der Farb- oder Colour-Index, auf den die Gell-Mann-Matrizen wirken und f der
Flavour-Index, der sich i.A. auf die leichten Quarkflavours f = u, d, s beschränkt
[4]. Für fermionische Felder spielen die folgenden Symmetrien eine Rolle: SU(3)c-
Farbrotation, U(1)V -und U(1)A-Transformation, die sich auf die gemeinsame Pha-
se aller Baryonen beziehen, SU(Nf )V -Flavoursymmetrie und SU(Nf )A-Symmetrie
zur Beschreibung der gegensätzlichen Rotation links- und rechtshändiger Quarks.
Anders als die Colour-Symmetrie, die als lokale Eichsymmetrie exakt ist, ist die
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1 Grundlegendes

SU(3)-Flavoursymmetrie nur näherungsweise ungebrochen. Sie beruht auf der An-
nahme der Gleichheit aller Quarkmassen. Dass die Quarkmassen gegenüber der
Nukleonenmasse verschwindend klein sind (mu = 2.3± 0.7 MeV, md = 4.8± 0.7
MeV und ms = 95± 5 MeV [5]), rechtfertigt die Annahme. Nun lassen sich zwei
einfache Fälle unterscheiden: Falls alle Quarkmassen gleich sind, (also mu = md =
ms = m 6= 0), ist die SU(3)-Flavoursymmetrie exakt erfüllt. Im Spezialfall, dass
alle Quarkmassen gleich Null sind, spricht man von chiraler Symmetrie, gleich-
bedeutend mit SU(3)V × SU(3)A-Invarianz. Im Gegensatz zum Fall der Flavour-
Symmetrie SU(3) ist mit der axialen Symmetrie SU(3)A aber keine Gruppe assozi-
iert [6]. Aus diesem Grund definiert man die links- und rechtshändigen Komponen-
ten der Fermionenfelder, die sich unter SU(3) transformieren:

ΨR,L = PR,LΨ =
1± γ5

2
Ψ (1.1)

Im Falle masseloser Fermionen entkoppeln links- und rechtshändige Felder und
jede Lagrangedichte lässt sich als Summe eines links- und eines rechtshändigen
Anteils schreiben. Axiale Rotationen lassen sich folgendermaßen darstellen:

Ψ → exp (iαγ5 + iαaλaγ5)Ψ (1.2)

Dabei ist a der Index der Gell-Mann-Matrizen der SU(3) und α ist Parameter der
U(1)-Rotation. Die folgende Eigenschaft der chiralen Rotation ist ebenso wichtig
wie zunächst paradox erscheinend: Die Matrix γ5 in der Rotation sorgt dafür, dass
chirale Rotationen unter räumlicher Spiegelung ihr Vorzeichen ändern. Solche Ro-
tationen mischen Zustände mit unterschiedlicher Parität. Gleichzeitig vertauscht
aber der Paritätsoperator mit dem Hamilton-Operator, da Paritätstransformatio-
nen Symmetrietransformationen sind. Chirale Rotationen können somit lediglich
Zustände mit demselben Energiezustand mischen. Aufgelöst wird dieser scheinba-
re Widerspruch dadurch, dass jeder QCD-Zustand einen Partner gleicher Masse,
aber gegensätzlicher Parität besitzt. Allerdings wurden solche in der Masse entar-
teten chiralen Partner nicht beobachtet. Trotz näherungsweiser Exaktheit der chi-
ralen Symmetrie scheint sie für die Natur nicht zuzutreffen. Die Lösung des Para-
doxons ist die spontane Brechung der chiralen Symmetrie. Um dies zu erklären, ist
es wichtig zu wissen, dass die Invarianz der Wirkung unter einer Transformation
nicht bedeuten muss, dass der Grundzustand des betrachteten Systems ebenfalls
invariant unter der Transformation ist. Die Situation lässt sich durch die Geschich-
te von Buridans Esel veranschaulichen [7]. Ein Esel, der sich in der Mitte zwischen
zwei gleich großen Heuhaufen befindet, hat keinen Grund, einen der beiden Haufen
vorzuziehen und kann sich folglich nicht entscheiden, von welchem er zuerst fres-
sen soll. Der Philosoph Buridan unterstellte, dass der Esel somit trotz unmittelba-
rer Nähe zur Nahrung verhungern würde. In Wirklichkeit ist die Situation jedoch
so instabil, dass schon die geringste Bewegung in Richtung eines Heuhaufen den
Esel befähigen würde, die Symmetrie zu brechen. Ein physikalisches Beispiel dafür
ist, dass auch unter Annahme exakter Rotationsinvarianz der Grundzustand der
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1 Grundlegendes

meisten Spinsysteme ein ferromagnetischer Zustand (alle Spins zeigen in dieselbe
Richtung) und somit nicht symmetrisch ist. Der Ordnungsparameter des Systems
ist in diesem Fall die Magnetisierung, also die Ausrichtung der Spins. Im Falle der
chiralen Symmetrie ist der Ordnungsparameter das Quark-Kondensat, das durch
den Vakuumerwartungswert 〈0|qq|0〉 quantifiziert wird. Im Falle der exakten chi-
ralen Symmetrie sollte dieser Wert gleich Null sein, da sich die Änderungen der
links- und rechtshändigen Felder unter Rotation im Mittel gegenseitig aufheben.
In Wirklichkeit beträgt der Vakuumerwartungswert des Quarkkondensats:

〈0|qq|0〉 ≈ − (240MeV )3 (1.3)

schließlich ist die chirale Symmetrie nicht exakt erfüllt. Das Goldstone-Theorem
besagt, dass jede spontane Brechung einer kontinuierlichen Symmetrie in mehr
als zwei Dimensionen masselose Teilchen, sogenannte Goldstone-Bosonen, hervor-
bringt. Die acht als Goldstone-Bosonen identifizierten pseudoskalaren Mesonen
π, K, η wären im chiralen Limit alle masselos. Sie beweisen die spontane Brechung
der chiralen Symmetrie und erklären die erheblichen Massenunterschiede der chi-
ralen Partner.
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2 Theorie des Zerfallsprozesses

In diesem Kapitel werden einige grundlegende Prinzipien der Quantenfeldtheorie
eingeführt. Es wird die Form skalarer und fermionischer Felder als Lösungen der
Klein-Gordon- und der Dirac-Gleichung angegeben. Zur quantitativen Beschrei-
bung des Zerfallsprozesses wird die S-Matrix betrachtet. Die Herleitungen sind
an die Quellen [11, 12, 13] angelehnt. Es werden natürliche Einheiten verwendet:
~ = c = 1. Der metrische Tensor hat die Form gµν = diag (1,−1,−1,−1).

2.1 Skalare Felder

Felder können durch ihr Transformationsverhalten klassifiziert werden. Skalare
Felder verhalten sich unter Lorentz-Transformationen wie folgt:

Φ′
(
X ′) = Φ (X) mit Xµ

′ = Λµνx
ν (2.1)

Aus der Lagrange-Dichte

LKG =
1
2

(
(∂µΦ) (∂µΦ)−m2Φ2

)
(2.2)

lässt sich mit Hilfe der Euler-Lagrange-Gleichungen die Bewegungsgleichung für
skalare Felder, die sogenannte Klein-Gordon-Gleichung (KGG), ableiten:

(
¤ + m2

)
Φ(X) = 0 (2.3)

Die KGG ist eine Bewegungsgleichung für Teilchen mit Spin 0. Sie beschreibt freie
Teilchen. Eine Lösung ist die ebene Welle:

Φ(X) = e−iP ·X mit P ·X = PµXµ = Et− ~p · ~x (2.4)

Einsetzen in (2.3) liefert die Energie-Impuls-Beziehung:

E = ±
√

~p2 + m2 (2.5)

Offenbar gibt es zwei Lösungen. Die Energie kann nicht nur positive Werte anneh-
men, sondern auch negative, was zunächst unphysikalisch erscheint. Zu erklären
ist dies durch die Deutung der negativen Energie-Werte als Lösung der KGG für
Antiteilchen. Diese besitzen dieselbe Masse wie Teilchen, aber entgegengesetzte
Ladung. Bei der Betrachtung der KGG findet man noch ein weiteres Problem, das
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2 Theorie des Zerfallsprozesses

sich nicht so einfach aus der Welt schaffen lässt: Die Wahrscheinlichkeitsstrom-
dichte für skalare Felder lautet:

~j = −iΦ∗∇Φ + iΦ∇Φ∗ (2.6)

Weiterhin muss zwischen der Wahrscheinlichkeitsdichte ρ und der Wahrscheinlich-
keitsstromdichte der Zusammenhang

∂tρ +∇~j = 0 (2.7)

bestehen, da die Wahrscheinlichkeit, ein Teilchen zu finden, eine Erhaltungsgrö-
ße ist. Setzt man (2.6) in (2.7) ein und verwendet (2.3), um einen Zusammenhang
zwischen der zweiten Ableitung nach dem Ort und der zweiten Ableitung nach der
Zeit herzustellen, stößt man auf die folgende Bedingung für die Wahrscheinlich-
keitsdichte:

ρ = i (Φ∗∂tΦ− Φ∂tΦ∗) (2.8)

Setzt man nun die Lösung für freie Teilchen (2.4) ein, erhält man

ρ = 2E (2.9)

Allerdings kann E auch negative Werte annehmen. Da eine negative Wahrschein-
lichkeitsdichte nicht definiert ist, kann ρ nicht ohne Weiteres als solche betrachtet
werden.

Um Erzeugung und Vernichtung von Teilchen beschreiben zu können, ist es not-
wendig, das skalare Feld Φ zu quantisieren. Das Verfahren funktioniert ähnlich
wie die kanonische Quantisierung in der Quantenmechanik. Im Zuge dessen wer-
den Ort und Impuls nicht mehr als Funktionen, sondern als Operatoren aufgefasst,
die die Vertauschungsrelation

[x, p] = i (2.10)

erfüllen. Die Quantisierung eines klassischen Feldes nennt man in Anlehnung dar-
an Zweite Quantisierung. In diesem Fall behalten Ort und Impuls ihre Eigenschaf-
ten als Funktionen, aber Felder Φ(X) und deren konjugierte Impulse π (X) erhal-
ten Operatoreigenschaften. Diese sind folgendermaßen zu verstehen: Die Zustän-
de, in denen sich ein System befinden kann, sind (wie in der Quantenmechanik)
Quantenzustände. Allerdings sind es in diesem Fall Zustände des Feldes. Wirken
nun Feldoperatoren auf diese Zustände, werden Teilchen erzeugt oder vernichtet.
Aufgrund dieser Überlegung und mit Hilfe der freien Lösung (2.4) ist es nun mög-
lich, die allgemeine Lösung der KGG anzugeben. Dazu wird die Wellenzahl k mit
E → k0 = ωk = Ek und ~p → ~k eingesetzt. Unter Verwendung von ~k = 2π~n

L und dem
Übergang

∑

~n

=
∑

nx,ny,nz

∆nx∆ny∆nz =
∑

kx,ky ,kz

∆kx∆ky∆kz
L3

(2π)3
mit V = L3 (2.11)
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2 Theorie des Zerfallsprozesses

wird das Gesamtfeld nach den Normalmoden des freien Feldes entwickelt:

Φ(X) =
1√
V

∑

~k

1√
2ωk

(
Φ(~k)ei(~k·~x−ωkt) + Φ∗(~k)e−i(~k·~x−ωkt)

)
(2.12)

Nun wird das zu jeder Mode gehörige Feld durch die skalaren Erzeugungs- und
Vernichtungsoperatoren ersetzt: Φ

(
~k
)
→ a~k

, Φ∗
(
~k
)
→ a~k

†. Es ergibt sich:

Φ(X) =
1√
V

∑

~k

1√
2ωk

(
a~k

ei(~k·~x−ωkt) + a~k
†e−i(~k·~x−ωkt)

)
(2.13)

Der zugehörige konjugierte Impuls lautet

π (X) = ∂0Φ(X) =
1√
V

∑

~k

−iωk√
2ωk

(
a~k

ei(~k·~x−ωkt) − a~k
†e−i(~k·~x−ωkt)

)
(2.14)

Aus den Vertauschungsrelationen für das kanonische Feld
[
π (~x, t) ,Φ

(
~x′, t

)]
= −iδ

(
~x− ~x′

)
(2.15)[

π (~x, t) , π
(
~x′, t

)]
= 0 (2.16)[

Φ(~x, t) ,Φ
(
~x′, t

)]
= 0 (2.17)

lassen sich die Vertauschungsrelationen
[
a~k

, a~k′
†
]

= δ~k~k′ (2.18)
[
a~k

, a~k′
]

= 0 (2.19)[
a~k
†, a~k′

†
]

= 0 (2.20)

für die skalaren Erzeugungs- und Vernichtungsoperatoren gewinnen. Bisher wur-
den nur reelle Felder betrachtet. Zur Beschreibung komplexer skalarer Felder führt
man die Vernichtungs- und Erzeugungsoperatoren für Antiteilchen ein: c~k

und c~k
†.

Komplexe Felder beschreiben Teilchen mit Ladung q und Antiteilchen mit Ladung
−q. Summiert man nun über diejenigen Teilchen-Anteile des Gesamtfeldes, die zu
positivem ωk gehören und über diejenigen Antiteilchen-Anteile, die zu negativem
ωk gehören, erhält man die Gesamt-Lösung für komplexe skalare Felder und deren
hermitesch-konjugierte Pendants:

Φ(X) =
1√
V

∑

~k

1√
2ωk

(
a~k

ei(~k·~x−ωkt) + c†~ke
−i(~k·~x−ωkt)

)
(2.21)

Φ† (X) =
1√
V

∑

~k

1√
2ωk

(
a†~ke

−i(~k·~x−ωkt) + c~k
ei(~k·~x−ωkt)

)
(2.22)
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2 Theorie des Zerfallsprozesses

2.2 Fermionische Felder

Zur Beschreibung freier Teilchen mit Spin 1
2 leitet man aus der Lagrangedichte

LD = Ψ(iγµ∂µ −m)Ψ (2.23)

die Dirac-Gleichung ab:
(iγµ∂µ −m)Ψ = 0 (2.24)

Ψ ist hierbei ein 4-Spinor:

Ψ =




Ψ1

Ψ2

Ψ3

Ψ4


 (2.25)

γµ steht für die Dirac-Matrizen. Sie lauten explizit (in Dirac-Darstellung):

γ0 =




1 0 0 0
0 1 0 0
0 0 −1 0
0 0 0 −1


 (2.26)

γ1 =




0 0 0 1
0 0 1 0
0 −1 0 0
−1 0 0 0


 (2.27)

γ2 =




0 0 0 −i
0 0 i 0
0 i 0 0
−i 0 0 0


 (2.28)

γ3 =




0 0 1 0
0 0 0 −1
−1 0 0 0
0 1 0 0


 (2.29)

oder unter Verwendung der Pauli-Matrizen:

γ0 =
(

1 0
0 −1

)
(2.30)

γi =
(

0 σi

−σi 0

)
(2.31)

Die sogenannte fünfte Dirac-Matrix ist:

γ5 =




0 0 1 0
0 0 0 1
1 0 0 0
0 1 0 0


 (2.32)
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2 Theorie des Zerfallsprozesses

Bei der Quantisierung fermionischer Felder ist das Pauli-Prinzip zu berücksich-
tigen, das besagt, dass sich zwei Fermionen niemals zur selben Zeit im selben
Quantenzustand befinden können. Aus diesem Grund erhalten Erzeugungs- und
Vernichtungsoperatoren einen weiteren Index, den Spin-Index. Mit (2.4) und unter
Verwendung der 4-Spinoren u (~p, s) und v (~p, s), lässt sich das fermionische Feld als
Fourier-Reihe entwickeln:

Ψ(X) =
1√
V

∑

~p

∑

s=± 1
2

√
m

Ep

(
b~p,su (~p, s) e−iP ·X + d~p,s

†v (~p, s) eiP ·X
)

(2.33)

Die Vertauschungsrelationen für die fermionischen Erzeugungs- und Vernichtungs-
operatoren lauten:

{
b~p,s, b

†
~q,r

}
= δ~p~qδrs (2.34)

{
d~p,s, d

†
~q,r

}
= δ~p~qδrs (2.35)

{
d~p,s, d~q,r

}
=

{
b~p,s, b~q,r

}
= 0 (2.36){

d~p,s, b
†
~q,r

}
=

{
d~p,s, b~q,r

}
= 0 (2.37)

Das Dirac-adjungierte Feld hat die Form:

Ψ(X) ≡ Ψ†γ0 =
1√
V

∑

~p

∑

s=± 1
2

√
m

Ep

(
d~p,sv (~p, s) e−iP ·X + b~p,s

†u (~p, s) eiP ·X
)

(2.38)

2.3 Die S-Matrix

In diesem Abschnitt soll hergeleitet werden, wie sich Wechselwirkungen zwischen
Teilchen, etwa Zweikörper-Zerfälle, formell beschreiben lassen. Die betrachteten
Teilchen werden durch die Felder φ (X) beschrieben. Ein Teilchenzerfall lässt sich
in drei Abschnitte gliedern: Den Eingangszustand φin, währenddessen das noch
nicht zerfallene Ausgangsteilchen frei vorliegt, den Zerfallsprozess, während wel-
chem es zu Wechselwirkungen kommt, sowie den Endzustand φout, in welchem die
Zerfallsprodukte, ohne miteinander zu wechselwirken, vorliegen. Die Dauer des
mittleren Abschnitts ist gegenüber den anderen Abschnitten extrem gering. Für
die Wechselwirkungsdauer ∆t gilt somit:

−∞¿ ∆t ¿ +∞

Im asymptotischen Limes t → ±∞ lassen sich die Felder durch den Operator für
freie Teilchen beschreiben:

φ (X) =
1√
V

∑

~k

1√
2Ek

(
a~k

e−iK·X + a~k
†eiK·X

)
(2.39)
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2 Theorie des Zerfallsprozesses

Ganz und gar einwandfrei ist diese Annahme freilich nicht. Da wir einen Zerfall
betrachten, kann das Ausgangsteilchen (beziehungsweise der Zustand φin) nicht
stablil sein. Ein instabiles Teilchen kann sich aber nicht unendlich lange Zeit in
demselben Zustand befinden. Somit ergibt die Betrachtung des Teilchens vor un-
endlich langer Zeit, also im asymptotischen Limes, keinen Sinn. Zur detaillierte-
ren Betrachtung dieses Themas wird auf die Diskussion in Kapitel 4 der Quel-
le [11] verwiesen. Im Folgenden wird der Übersichtlichkeit halber das Argument
X der Operatoren unterdrückt. Die freien Anfangs- und Endzustände sind Fock-
Zustände, also Zustände im Fock-Raum, einem Hilbert-Raum, der durch Eigenzu-
stände des Teilchenzahloperators n = a†a aufgespannt wird. Die werden mit Hilfe
der Erzeugungs- und Vernichtungsoperatoren aus dem Vakuum gebildet:

|i〉 = a†~p|0〉 (2.40)

und
|f〉 = a†~k1

a†~k2
|0〉 (2.41)

Nun soll das Übergangselement zwischen Anfangs- und Endzustand, kurz die S-
Matrix, abgeleitet werden: Im Wechselwirkungsbild haben Felder die folgende Form:

φWW (~x, t) = eiH0tφSe−iH0t (2.42)

Dabei ist H0 der freie Anteil der Hamilton-Funktion H = H0 + HWW und φS der
zeitunabhängige Feldoperator im Schrödinger-Bild. Im Heisenberg-Bild, in dem die
Zustände, nicht aber die Operatoren, eine Zeitabhängigkeit besitzen, erscheinen die
Feldoperatoren so:

φH (~x, t) = eiHtφSe−iHt (2.43)

Lange vor oder nach einer Wechselwirkung (HWW = 0) sind die Operatoren im
Wechselwirkungs- und im Heisenberg-Bild wegen H = H0 gleich:

φH = φWW für t → ±∞ (2.44)

Durch das Einfügen zweier Einsen kann man den Zusammenhang zwischen den
beiden Bildern für beliebige Zeiten erkennen:

φH = eiHte−iH0teiH0tφSe−iH0teiH0te−iHt = eiHte−iH0tφWW eiH0te−iHt ≡ U−1 (t) φWW U (t)
(2.45)

Wobei wir den unitären Zeitentwicklungs-Operator U (t) = eiH0te−iHt identifizieren.
Oder anders ausgedrückt:

φWW = U(t)φHU−1(t) (2.46)

beziehungsweise unter Berücksichtigung der vorherigen Überlegungen für Eingangs-
und Ausgangsteilchen:

φin = U(∞)φoutU
†(∞) (2.47)
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2 Theorie des Zerfallsprozesses

Für den S-Matrix-Operator, der Anfangs- und Endzustand in Beziehung setzt, gilt:

|i〉 = S|f〉 (2.48)

|f〉 = S†|i〉 (2.49)

φin = SφoutS
† (2.50)

Damit indentifiziert man die S-Matrix als nichts anderes als:

S = lim
t→+∞U (t) (2.51)

Die Gestalt des Operators U (t) ermittelt man mit Hilfe von dessen Bewegungsglei-
chung. Wie man durch Einsetzen erkennen kann, löst U (t) nämlich:

d

dt
U (t) = HWW (t) U (t) mit HWW (t) = eiH0tHWW e−iH0t

Die Lösung ermittelt man durch Integration unter Berücksichtigung der Zeitord-
nung zu:

U (t) = T
{

e−i
R t
−∞HWW (t′)dt′

}

wobei T der Zeitordnungsoperator ist.
Die S-Matrix hat also die Gestalt:

S = T
{

e−i
R+∞
−∞ HWW (t′)dt′

}

Beachtet man den Vorzeichenwechsel beim Umschreiben dieses Ausdrucks für die
Lagrange-Funktion, erhält man:

S = T
{

ei
R+∞
−∞ LWW (t′)dt′

}
= T

{
ei
R+∞
−∞ d4XLWW

}

Eine Taylorentwicklung des Ausdrucks liefert

S ' 1 + i

∫ +∞

−∞
d4XLWW

Der erste Term der Summe lässt den Zustand, auf den er wirkt, unverändert. Er
liefert keine für den Zerfall relevanten Informationen. Der für den Zerfall relevante
Teil der S-Matrix lautet also:

SWW = i

∫ +∞

−∞
d4XLWW

Der Übersichtlichkeit halber wird SWW im Folgenden einfach S genannt und es
werden die Integralgrenzen unterdrückt. Das gesuchte Übergangselement lautet
damit

Sfi = 〈f |i
∫

d4XLWW |i〉 (2.52)
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2 Theorie des Zerfallsprozesses

Ob es von Null verschieden ist, ob der Zerfall also stattfinden kann oder nicht,
hängt von L ab. Das Quadrat der Übergangsamplitude ist die Wahrscheinlichkeits-
dichte eines Prozesses. Folglich ist die Wahrscheinlichkeit eines Zerfalls proportio-
nal zum S-Matrix-Quadrat. Aufgrund dessen können im folgenden Kapitel quan-
titative Aussagen über die Zerfallsbreiten, also die Zerfallswahrscheinlichkeiten
pro Zeit, verschiedener Zerfallsprozesse gemacht werden. Der Vollständigkeit hal-
ber ist zu erwähnen, dass sich auf demselben Wege nicht nur Zweikörperzerfälle
(ein Teilchen zerfällt in zwei andere), sondern auch Zweikörper-Streuprozesse (zwei
Teilchen im Eingangskanal) quantifizieren lassen.
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3 Zerfall des chiralen Partners des
Nukleons in ein Nukleon und ein
skalares Teilchen

In diesem Kapitel wird das den Zerfallsrechnungen zugrunde liegende Modell vor-
gestellt. Es werden zwei Zerfallsbreiten berechnet. Außerdem wird der Bezug zum
PANDA-Experiment hergestellt.

3.1 Das Lineare Sigma-Modell

Ein paar Worte vorab zur theoretischen Beschreibung einer spontanen Symme-
triebrechung. Im Rahmen des Linearen Sigma-Modells, einer effektiven Theorie
der Starken Wechselwirkung, betrachtet man die folgende Lagrangedichte. Sie ent-
halte N reelle skalare Felder Φi:

L =
1
2
(∂µΦi)2 +

1
2
µ2(Φi)2 − λ

4
[
(Φi)2

]2
(3.1)

Für reelles µ findet spontane Symmetriebrechung statt. Die Lagrangedichte ist in-
variant unter O(N)-Rotationen, die beschrieben werden durch:

~φ 7→ R~φ, R ∈ O(N), RT R = RRT = 1 (3.2)

Sei (Φ0
i)2 der Satz von Feldern, der den Potenzialterm V (Φi) = −1

2µ2(Φi)2+λ
4

[
(Φi)2

]2

minimiert, dann ist (bei reellem µ):

(Φ0
i)2 =

µ2

λ
(3.3)

Die Bedingung (3.3) gibt nur den Betrag, nicht die Richtung von Φ0
i vor. Wählt man

zum Beispiel die Richtung des n-ten Einheitsvektors, erhält man:

Φ0
i =

(
0, 0, ..., 0,

µ√
λ

)
(3.4)

Die Felder lassen sich dann darstellen als:

Φi(X) = (πk(X),
µ√
λ

+ σ(X)) k = 1, ..., N − 1 (3.5)
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3 Zerfall des chiralen Partners des Nukleons in ein Nukleon und ein skalares Teilchen

π(X) ist ein masseloses, σ(X) ein massives Feld. Damit lässt sich die Lagrange-
dichte schreiben als:

L =
1
2
(∂µπk)2+

1
2
(∂µσ)2− 1

2
(2µ2)σ2−

√
λµσ3−

√
λ(πk)2σ− λ

4
σ4− λ

2
(πk)2σ2− λ

4

[
(πk)2

]2

(3.6)
Die Lagrangedichte ist O(N − 1)-Rotationsinvariant, also invariant unter Drehung
der Felder π(X) um sich selbst. Stellt man sich das Potenzial geformt wie ein me-
xikanischer Hut vor (Abb. 3.1), enspricht dies einer Osziallation der Felder in tan-
gentialer Richtung. Kurz gesagt: Hinter der wohlgemerkt immer noch bestehenden,
aber spontan gebrochenen O(N)-Symmetrie kommt eine O(N − 1)-Symmetrie zum
Vorschein. Das Lineare Sigma-Modell lässt sich auf Axial-Vektormesonen erwei-
tern. Details dazu finden sich in der Literatur [8, 9].

Abbildung 3.1: Das Pony kann spontan entscheiden, welche Möhre es zuerst verspeisen
soll. Alle Möhren sind von seiner Position auf der Hügelkuppe gleich weit
entfernt. Hat es eine der Möhren erreicht, kann es ohne Weiteres auch zu
den übrigen gelangen. [10]

3.2 Vorstellung des erweiterten Linearen Sigma-Modells

Das erweiterte Lineare Sigma-Modell beantwortet die Frage, ob es eine nukleoni-
sche Lagrangedichte gibt, die chiral invariant ist und gleichzeitig sowohl Felder mit
positiver als auch solche mit negativer Parität beschreibt (Nukleonen erhalten per
Konvention positive Parität). Die chirale Invarianz erlaubt einen Term proportional
zu m0, also zu einem Massenterm, der nicht auf das Quark-Kondensat zurückgeht:
Lm0 = m0

(
Ψ2γ5Ψ1 −Ψ1γ5Ψ2

)
. Die chirale Transformation der Felder ist gegeben

durch:
Ψ1L → ULΨ1L Ψ2L → URΨ2L (3.7)

Ψ1R → URΨ1R Ψ2R → ULΨ2R (3.8)
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3 Zerfall des chiralen Partners des Nukleons in ein Nukleon und ein skalares Teilchen

Diese Konfiguration wird Mirror-Assignment genannt. Die Spinoren Ψ1 und Ψ2

werden mit den physikalischen Feldern N und N∗ auf folgende Weise verbunden:

(
N
N∗

)
=

1√
2 cosh δ

(
e

δ
2 γ5e

−δ
2

γ5e
−δ
2 −e

δ
2

)(
Ψ1

Ψ2

)
mit cosh δ =

mN + mN∗

2m0
(3.9)

Um herauszufinden, ob auf Basis dieses Modells physikalisch sinnvolle, also mit
dem Experiment vereinbare Ergebnisse produziert werden können, sollen im Fol-
genden Zweikörperzerfälle untersucht werden.

3.3 Zerfallsrechnung

3.3.1 Beteiligte Teilchen

Zunächst soll der Zerfall des chiralen Partners des Nukleons N∗ in ein Nukleon N
und einen Tetraquark-Zustand, das skalare Teilchen χ, betrachtet werden [14]. χ
wird mit der Resonanz f0(600) identifiziert. Für N∗ gibt es zwei Kandidaten: den
leichtesten Zustand mit passender Quantenzahl (JP = 1

2

−) N(1535) und den nächst-
schwereren N(1650) [15]. Die beteiligten Fermionen werden durch die Spinoren Ψ1

und Ψ2 dargestellt. Ψ1 hat positive Parität und Ψ2 negative. Der Wechselwirkungs-
term ist

Lint = aχ
(
Ψ2γ5Ψ1 −Ψ1γ5Ψ2

)
(3.10)

mit a als dimensionsloser Kopplungskonstante. Die Masse des skalaren Teilchens
χ ist M , die Massen der Fermionen sind mN und mN∗ . Die Dimensionslosigkeit von
a lässt sich durch die folgende Überlegung einsehen: Wenn natürliche Einheiten
verwendet werden, also ~ = c = 1 gilt, ist die Wirkung S =

∫ Ld4X dimensionslos.
Die Lagrangedichte L hat somit die Einheit [Masse]4, denn die Einheit einer Raum-
Zeit-Komponente ist gerade die inverse Masse. Skalare Felder besitzen die Einheit
[Masse], fermionische Felder die Einheit [Masse]

3
2 . Eine Dimensionsanalyse des

betrachteten Wechselwirkungsterms ergibt:

[a] =
[L][

Ψ
]
[Ψ] [χ]

=
[Masse]4

[Masse]
3
2 [Masse]

3
2 [Masse]

= 1

Nun soll das Transformationsverhalten der Lagrangedichte untersucht werden.
Da a reell ist, genügt es, den Teil in Klammern zu betrachten.
Lint ist hermitesch:

(
Ψ2γ5Ψ1 −Ψ1γ5Ψ2

)† = Ψ†
1γ
†
5Ψ

†
2 −Ψ†

2γ
†
5Ψ

†
1

= Ψ†
1γ5(Ψ2

†γ0)
† −Ψ†

2γ5(Ψ1
†γ0)

†

= −Ψ1
†γ0γ5Ψ2 + Ψ2

†γ0γ5Ψ1

= Ψ2γ5Ψ1 −Ψ1γ5Ψ2 (3.11)
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3 Zerfall des chiralen Partners des Nukleons in ein Nukleon und ein skalares Teilchen

Hierbei wurde die Hermitezität von γ5 und γ0 sowie
{
γ5, γ

0
}

= 0 verwendet.
Lint ist paritätsinvariant: Die Paritätstransformation der Spinoren lautet:

Ψ1 → γ0Ψ1 (3.12)

Ψ2 → −γ0Ψ2 (3.13)

Damit folgt für den ersten Term in der Klammer:

Ψ2γ5Ψ1 → (−γ0Ψ2)T γ0γ5γ
0Ψ1

= Ψ†
2γ

0γ5Ψ1

= Ψ2γ5Ψ1 (3.14)

Analog zeigt man die Invarianz des zweiten Terms.
Lint ist chiral-invariant: Um dies zu zeigen, bringt man die relevanten Terme auf
die Form:

Ψ2γ5Ψ1 = −Ψ2RΨ1L + Ψ2LΨ1R (3.15)

Ψ1γ5Ψ2 = −Ψ1LΨ2R + Ψ1RΨ2L (3.16)

Diese Terme sind nämlich, wie man durch Einsetzen sofort sieht, unter der in den
Gleichungen (3.7) und (3.8) angegebenen Transformation invariant. Mit der Erset-
zung Ψ = PRΨ + PLΨ = ΨR + ΨL, wobei PR,L durch Gleichung (1.1) gegeben ist,
findet man für den ersten Term der Klammer:

Ψ2γ5Ψ1 = (Ψ2R + Ψ2L)γ5(Ψ1R + Ψ1L)

= Ψ2Rγ5Ψ1R + Ψ2Rγ5Ψ1L + Ψ2Lγ5Ψ1R + Ψ2Lγ5Ψ1L

= Ψ2Rγ5Ψ1L + Ψ2Lγ5Ψ1R

= Ψ2R(2PL − 1)Ψ1L + Ψ2L(2PL + 1)Ψ1R

= −Ψ2RΨ1L + Ψ2LΨ1R (3.17)

Die letzten drei Umformungen vollzieht man am besten durch Rückwärtseinsetzen
nach. Analoges Vorgehen bringt auch den zweiten Term der Klammer in die oben
angegebene Form. Damit ist die chirale Invarianz der Lagrangedichte gezeigt.
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3 Zerfall des chiralen Partners des Nukleons in ein Nukleon und ein skalares Teilchen

Lint ist invariant unter Ladungskonjugation:
Die Spinoren weisen das folgende Transformationsverhalten auf (man beachte

das Vorzeichen bei Ψ2):

Ψ1 → iγ2Ψ∗
1 (3.18)

Ψ2 → −iγ2Ψ∗
2 (3.19)

Für den ersten Term in der Klammer findet man, dass er in den zweiten Term mit
anderem Vorzeichen übergeht:

Ψ2γ5Ψ1 = Ψ†
2γ

0γ5Ψ1 → (−iγ2Ψ†
2)
†γ0γ5(iγ2Ψ∗

1)

= iΨT
2 (−γ2)γ0γ5iγ

2Ψ∗
1

= ΨT
2 γ2γ0γ5γ

2Ψ∗
1

= ΨT
2 γ0(γ2)2γ5Ψ∗

1

= −ΨT
2 γ0γ5Ψ∗

1

= ΨT
2 γT

5 γ0T (Ψ†
1)

T

= −Ψ†
1γ

0γ5Ψ2

= −Ψ1γ5Ψ2

Analoges Verhalten zeigt auch der zweite Term: Ψ1γ5Ψ2 → −Ψ2γ5Ψ1. Insgesamt
ist die Lagrangedichte deshalb invariant unter Ladungskonjugation.

Die beteiligten physikalischen Felder N und N∗ sind mit den Spinoren Ψ1 und
Ψ2 entsprechend Gleichung (3.9) auf folgende Weise verknüpft:

Ψ1 =
1√

2 cosh δ

(
Ne

δ
2 + γ5N

∗e
−δ
2

)
(3.20)

sowie

Ψ2 =
1√

2 cosh δ

(
γ5Ne

−δ
2 −N∗e

δ
2

)
(3.21)

beziehungsweise

Ψ1 =
1√

2 cosh δ

(
Ne

δ
2 −N

∗
γ5e

−δ
2

)
(3.22)

sowie

Ψ2 =
1√

2 cosh δ

(
−Nγ5e

−δ
2 −N

∗
e

δ
2

)
(3.23)
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3 Zerfall des chiralen Partners des Nukleons in ein Nukleon und ein skalares Teilchen

Somit ergibt sich für die Lagrangedichte die Form:

Lint = aχ
1

2 cosh δ

(
−Nγ5e

−δ
2 −N

∗
e

δ
2

)
γ5

(
Ne

δ
2 + γ5N

∗e
−δ
2

)

−
(
Ne

δ
2 −N

∗
γ5e

−δ
2

)
γ5

(
γ5Ne

−δ
2 −N∗e

δ
2

)

= aχ
1

2 cosh δ

(−Nγ5γ5N −Nγ5γ5γ5N
∗e−δ −N

∗
γ5Neδ −N

∗
γ5γ5N

∗

−Nγ5γ5N + Nγ5N
∗eδ + N

∗
γ5γ5γ5Ne−δ −N

∗
γ5γ5N

∗)

= aχ
1

2 cosh δ

(− 2NN − 2N
∗
N∗ + Nγ5N

∗
(
eδ − e−δ

)
+ N

∗
γ5N

(
e−δ − eδ

) )

= −aχ
1

cosh δ

(
NN + sinh δN

∗
γ5N − sinh δNγ5N

∗ + N
∗
N∗

)
(3.24)

Wobei von den Beziehungen
γ5

2 = 1 (3.25)

und
sinh δ =

1
2

(
eδ − e−δ

)
(3.26)

Gebrauch gemacht wurde.
Weiter zu betrachten sind hierbei nur die mit γ5 versehenen Terme, denn die

übrigen beschreiben keine Zerfallsprozesse.
Zunächst soll der erste Term untersucht werden. Die Feldoperatoren haben die

folgende Form:

N
∗ (X) =

1√
V

∑

~p,s

√
mN∗

Ep

(
d̃~p,sṽ (~p, s) e−iP ·X + b̃†~p,sũ (~p, s) eiP ·X

)
(3.27)

sowie

N (X) =
1√
V

∑

~k1,r

√
mN

Ek1

(
b ~k1,r

u( ~k1, r)e−iK1·X + d†~k1,r
v( ~k1, r)eiK1·X

)
(3.28)

und
χ (X) =

1√
V

∑

~k2

1√
2Ek2

(
a ~k2

e−iK2·X + a ~k2

†eiK2·X
)

(3.29)

Hierbei wurde sich der sogenannten skalaren Vernichtungs- und Erzeugungsope-
ratoren ak2 und ak2

†, sowie der fermionischen Erzeugungs- und Vernichtungsope-
ratoren b ~k1,s

, b†~k2,s
, d ~k2,s

und d†~k1,s
bedient. Für diese Operatoren gelten die wichtigen

Relationen (2.34) und (2.18).
Alle anderen Kommutatoren und Antikommutatoren wie zum Beispiel

[
a~p, b

†
~q,s

]

verschwinden. Alle betrachteten Zerfälle sollen im Ruhesystem des Ausgangsteil-
chens ausgewertet werden. In diesem Fall ist sein Impuls ~p folglich 0. Sein Vierer-
Impulsvektor nimmt die einfache Form P = (Ep,~0)T = (mp,~0)T an. Die beim
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3 Zerfall des chiralen Partners des Nukleons in ein Nukleon und ein skalares Teilchen

Zerfall entstehenden Teilchen müssen aufgrund der Impulserhaltung entgegen-
gesetzte, aber betragsgleiche Impulse ~k1 und ~k2 = −~k1 aufweisen. Ihre Vierer-

Impulsvektoren lauten: K1 = (Ek1 ,
~k1)T und K2 = (Ek2 ,

~k2)T , wobei Eki
=

√
m2

ki
+ ~ki

2
.

3.3.2 Die S-Matrix

Bei der Untersuchung von Teilchenzerfällen geht es vor allem um die Frage, wie
wahrscheinlich es ist, dass der asymptotische Zustand des Ausgangsteilchens vor
dem Zerfall |Anfang (~p)〉 nach dem Zerfall in den asymptotischen Zustand der Zer-
fallsprodukte |Ende(~ki)〉 übergeht. Unter asymptotisch versteht man die Betrach-
tung der Zustände unendlich lange vor bzw. nach dem Zerfall. Für eine quantitative
Analyse wird, wie oben erwähnt, die S-Matrix eingeführt. So lässt sich der Über-
gang auch schreiben als:

〈Ende(~ki)|Anfang (~p)〉 = 〈out|S|in〉 = Sfi (3.30)

Anfangs- und Endzustand werden mit den skalaren und fermionischen Erzeu-
gungsoperatoren unter Berücksichtigung der Baryonenzahlerhaltung geschrieben
als:

|i〉 = b̃†~p′,s′ |0〉 (3.31)

und
|f〉 = a†

~k2
′b
†
~k1
′
,r′
|0〉 (3.32)
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3 Zerfall des chiralen Partners des Nukleons in ein Nukleon und ein skalares Teilchen

Die S-Matrix für Lint = aχ sinh δ
cosh δN

∗
γ5N = aχ tanh δN

∗
γ5N lautet:

Sfi = 〈f |S|i〉 = 〈f |i
∫

d4XLint|i〉

=
a tanh δ

√
mNmN∗

V
3
2

√
2Ek2EpEk1

× 〈0|a ~k2
′b ~k1

′
,r′

∫
d4X

×
∑

~k2

(
a ~k2

eiKx·X + a ~k2

†eiK2·X
)

×
∑

~p,s

(
d̃~p,sṽ (~p, s) e−iP ·X + b̃†~p,sũ (~p, s) eiP ·X

)
γ5

×
∑

~k2,r

(
b ~k1,r

u( ~k1, r)e−iK1·X + d†~k1,r
v( ~k1, r)eiK1·X

)
b̃†~p′,s′ |0〉

∝ 〈0|a ~k2
′b ~k1

′
,r′a ~k2

d̃~p,sb ~k1,r
b̃†~p′,s′e

−i(K2+P+K1)X ṽγ5u

+ a ~k2
′b ~k1

′
,r′a

†
~k2

d̃~p,sb ~k1,r
b̃†~p′,s′e

−i(−K2+P+K1)X ṽγ5u

+ a ~k2
′b ~k1

′
,r′a ~k2

b̃†~p,sb ~k1,r
b̃†~p′,s′e

−i(K2−P+K1)X ũγ5u

+ a ~k2
′b ~k1

′
,r′a

†
~k2

b̃†~p,sb ~k1,r
b̃†~p′,s′e

−i(−K2−P+K1)X ũγ5u

+ a ~k2
′b ~k1

′
,r′a ~k2

d̃~p,sd
†
~k1,r

b̃†~p′,s′e
−i(K2+P−K1)X ṽγ5v

+ a ~k2
′b ~k1

′
,r′a

†
~k2

d̃~p,sd
†
~k1,r

b̃†~p′,s′e
−i(−K2+P−K1)X ũγ5v

+ a ~k2
′b ~k1

′
,r′a ~k2

b̃†~p,sd
†
~k1,r

b̃†~p′,s′e
−i(K2−P−K1)X ũγ5v

+ a ~k2
′b ~k1

′
,r′a

†
~k2

b̃†~p,sd
†
~k1,r

b̃†~p′,s′e
−i(−K2−P−K1)X ũγ5v|0〉 (3.33)

Unter Benutzung der Formeln (2.34) und (2.18) sowie a~p|0〉 = 0 und 〈0|a†~p = 0
erkennt man, dass Erzeuger und Vernichter in allen Fällen derart auf den Vaku-
umzustand |0〉 wirken, dass die S-Matrix verschwindet.

Nun wird die S-Matrix für Lint = aχ tanh δNγ5N
∗ betrachtet. In diesem Fall lau-

ten die fermionischen Felder:

N (X) =
1√
V

∑

~k1,s

√
mN

Ek1

(
d ~k1,s

v( ~k1, s)e−iK1·X + b†~k1,s
u( ~k1, s)eiK1·X

)
(3.34)

und

N∗ (X) =
1√
V

∑

~p,s

√
mN∗

Ep

(
b̃~p,rũ (~p, r) e−iP ·X + d̃†~p,rv (~p, r) eiP ·X

)
(3.35)
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Die S-Matrix lautet in diesem Fall:

Sfi = 〈f |S|i〉 = 〈f |i
∫

d4XLint|i〉

=
a tanh δ

√
mNmN∗

V
3
2

√
2Ek2EpEk1

〈0|a ~k2
′b ~k1

′
,s′

∫
d4X

×
∑

~k2

(
a ~k2

eiK2·X + a ~k2

†eiK2·X)

×
∑

~k1,s

(
d ~k1,s

v( ~k1, s)e−iK1·X + b†~k1,s
u( ~k1, s)eiK1·X)

γ5

×
∑

~p,r

(
b̃~p,rũ (~p, r) e−iP ·X + d̃†~p,rṽ (~p, r) eiP ·X)

b̃†~p′,r′ |0〉

∝ 〈0|a ~k2
′b ~k1

′
,s′a ~k2

d ~k1,s
b̃~p,r b̃

†
~p′,r′

e−i(K2+P+K1)Xvγ5ũ

+ a ~k2
′b ~k1

′
,s′a

†
~k2

d ~k1,s
b̃~p,r b̃

†
~p′,r′

e−i(−K2+P+K1)Xvγ5ũ

+ a ~k2
′b ~k1

′
,s′a ~k2

b†~k1,s
b̃~p,r b̃

†
~p′,r′

e−i(K2+P−K1)Xuγ5ũ

+ a ~k2
′b ~k1

′
,s′a

†
~k2

b†~k1,s
b̃~p,r b̃

†
~p′,r′

e−i(−K2+P−K1)Xuγ5ũ

+ a ~k2
′b ~k1

′
,s′a ~k2

d ~k1,s
d̃†~p,r b̃

†
~p′,r′

e−i(K2−P+K1)Xvγ5ṽ

+ a ~k2
′b ~k1

′
,s′a

†
~k2

d ~k1,s
d̃†~p,r b̃

†
~p′,r′e

−i(−K2+P−K1)Xvγ5ṽ

+ a ~k2
′b ~k1

′
,s′a ~k2

b†~k1,s
d̃†~p,r b̃

†
~p′,r′

e−i(K2−P−K1)Xuγ5ṽ

+ a ~k2
′b ~k1

′
,s′a

†
~k2

b†~k1,s
d̃†~p,r b̃

†
~p′,r′

e−i(−K2−P−K1)Xuγ5ṽ|0〉 (3.36)

Alle Terme verschwinden, nur der folgende nicht:

〈0|a ~k2
′b ~k1

′
,s′a

†
~k2

b†~k1,s
b̃~p,r b̃

†
~p′,r′

|0〉 = 〈0|a ~k2
′b ~k1

′
,s′a

†
~k2

b†~k1,s

(
δ~p~p′δrr′ − b̃†~p′,r′ b̃~p,r

)
|0〉

= 〈0|a ~k2
′a†~k2

(
δ ~k1

~k1
′δss′ − b†~k1,s

b ~k1
′
,s′

)
δ~p~p′δrr′ |0〉

= 〈0|
(
δ ~k2

~k2
′ + a†~k2

a ~k2
′
)

δ~p~p′δrr′δ ~k1
~k′1

δss′ |0〉
= δ ~k2

~k2
′δ~p~p′δrr′δ ~k1

~k1
′δss′ (3.37)

Eingesetzt in die Gleichung für die S-Matrix brechen alle Summen zusammen und
es bleibt der Ausdruck:

Sfi =
√

mNmN∗

V
3
2

√
2Ek2EpEk1

∫
d4XiMe−i(P−K1−K2)·X

=
√

mNmN∗

V
3
2

√
2Ek2EpEk1

iM (2π)4 δ (K1 + K2 − P ) (3.38)
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Der einfacheren Lesbarkeit halber wird der Index, der die Dimension der δ-Distribution
angibt, unterdrückt, wobei

iM≡ ia tanh δu (~p, s) γ5ũ( ~k1, r) (3.39)

gesetzt und die Integraldarstellung der δ-Distribution verwandt wurde. Die Zer-
fallswahrscheinlichkeit ist proportional zum Quadrat der S-Matrix:

S2
fi =

mNmN∗

V 32Ek2EpEk1

|iM|2 (2π)8 [δ (K1 + K2 − P )]2 (3.40)

Das Quadrat der δ-Distribution wird mit Hilfe des sogenannten Fermi-Tricks um-
geschrieben:

(2π)8 [δ (K1 + K2 − P )]2 = (2π)4 δ (K1 + K2 − P ) (2π)4 δ (K1 + K2 − P )

= (2π)4 δ (K1 + K2 − P )
∫

d4Xe−i(P−K1−K2)

= (2π)4 δ (K1 + K2 − P )
∫

d4X

= (2π)4 δ (K1 + K2 − P )
∫

d3x

∫ t

0
dt′

= (2π)4 δ (K1 + K2 − P ) V t (3.41)

Integration des S-Matrix-Quadrats über alle möglichen End-Impulse und Sum-
mation über alle möglichen Spineinstellungen liefert schließlich die Zerfallswahr-
scheinlichkeit:

P =
mNmN∗

V 32Ek2EpEk1

1
2

∑
r,s

∫
V d3k1

(2π)3

∫
V d3k2

(2π)3
|iM|2 (2π)4 δ (K1 + K2 − P )V t (3.42)

Damit lautet die Gleichung der Zerfallsbreite Γ = P
t :

Γ =
mNmN∗

2Ek2EpEk12π2

1
2

∑
r,s

∫
d3k1

∫
d3k2|iM|2δ (K1 + K2 − P ) (3.43)

Zum Lösen des Integrals ist Umschreiben der δ-Distribution notwendig:

δ (K1 + K2 − P ) = δ
(

~k1 + ~k2

)
δ (Ek1 + Ek2 −Ep) (3.44)

Wegen der Erhaltung der Gesamtenergie gilt im Ruhesystem von N∗:

Ep = mN∗ =
√

~k1
2
+ mN

2 +
√

~k2
2
+ M2 (3.45)

Die δ-Distribution über die Impulse ~k2 ist direkt auszuführen. Übrig bleibt die
Integration über ~k1 = −~k2 ≡ ~k. Damit lautet die δ-Distribution der Energien:

δ (Ek1 + Ek2 −Ep) = δ
(√

k2 + mN
2 +

√
k2 + M2 −mN∗

)
≡ δ (f (k)) (3.46)
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wobei ~k2 ≡ k2 gesetzt wurde. Zur Auswertung von δ-Distributionen, die eine Funk-
tion beinhalten, verwendet man:

δ (f (x)) =
∑

i

δ (x− x0i)∣∣∣df(x)
dx |x=x0i

∣∣∣
(3.47)

x0i sind dabei die Nullstellen der Funktion. Im betrachteten Fall ergibt sich:

δ (f (k)) =
Ek1Ek2

k (Ek1 + Ek2)
(δ (k − kf ) + δ (k + kf )) (3.48)

mit der Nullstelle kf , die man aus der Rechnung

mN∗ =
√

kf
2 + mN

2 +
√

kf
2 + M2

⇔ m2
N∗ = kf

2 + mN
2 + kf

2 + M2 + 2
√

kf
2 + mN

2

√
kf

2 + M2

⇔ (
m2

N∗ − 2kf
2 −mN

2 −M2
)2 = 4

(
kf

2 + M2
) (

kf
2 + mN

2
)

⇔ mN∗4 + mN
4 + M4 − kf

2
(
4mN∗2 − 4mN

2 − 4M2
)− 2mN

2mN∗2 − 2mN∗2M2

= kf
2
(
4M2 + 4mN

2
)

+ 2M2mN
2

⇒ ±
√

mN∗4 + mN
4 + M4 − 2mN

2mN∗2 − 2mN∗2M2 − 2mN
2M2

4mN∗2
= kf (3.49)

erhält. Damit ergibt sich die Zerfallsbreite zu

Γ =
mNmN∗

2Ek2EpEk12π2

1
2

∑
r,s

∫
d3k|iM|2 1

k

(
Ek1Ek2

Ek1 + Ek2

)
(δ (k − kf ) + δ (k + kf )) (3.50)

Einige Werte lassen sich kürzen. Nun wird zu Kugelkoordinaten übergegangen. Da
die k-Koordinate dabei keine negativen Werte annimmt, bleibt nur eine δ-Distribution
auszuwerten:

Γ =
mNmN∗

2Ep2π2

1
2

∑
r,s

∫
k2dkdΩ|iM|2 1

k

(
δ (k − kf )
Ek1 + Ek2

)

=
4πmNmN∗

2π22mN∗

1
2

∑
r,s

|iM|2 kf

Ek1 + Ek2

=
mN

2πmN∗

1
2

∑
r,s

|iM|2kf (3.51)

Zur Berechnung der Amplitude 1
2

∑
r,s |iM|2 bedient man sich der Zusammenhänge

∑
s

uα(~k, s)uβ(~k, s) =
(

γµKµ + m

2m

)

αβ

(3.52)
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−
∑

s

vαβ(~k, s)vβ(~k, s) =
(−γµKµ + m

2mN

)

αβ

(3.53)

Tr [1] = 4 (3.54)

Tr [γ5γµPµγ5γµKµ] = −4P ·K (3.55)

γ0γ5γ
0 = −γ5 (3.56)

und nutzt aus, dass Spuren über ungerade Anzahlen von Dirac-Matrizen verschwin-
den und dass die zyklische Vertauschung der Spur-Elemente an deren Wert nichts
ändert. Unter Beachtung der Viererimpulserhaltung

P = K1 + K2

⇔ P −K1 = K2

⇔ P 2 + K1
2 − 2P ·K1 = K2

2

⇔ mN
2 + mN∗2 − 2P ·K1 = M2

⇔ mN
2 + mN∗2 −M2

2
= P ·K1 (3.57)
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berechnet man nun:

1
2

∑
r,s

|iM|2 ∝ 1
2

∑
r,s

u( ~k1, s)γ5ũ (~p, r)
[
u( ~k1, s)γ5ũ (~p, r)

]†

=
1
2

∑
r,s

u( ~k1, s)γ5ũ (~p, r) ũ† (~p, r) γ5γ
0u( ~k1, s)

=
1
2

∑
r,s

u( ~k1, s)γ5ũ (~p, r) ũ† (~p, r) γ0γ0γ5γ
0u( ~k1, s)

= −1
2

∑
r,s

u( ~k1, s)γ5ũ (~p, r) ũ (~p, r) γ5u( ~k1, s)

= −1
2

∑
r,s

uα( ~k1, s)(γ5)αβũβ (~p, r) ũµ (~p, r) (γ5)µνuν( ~k1, s)

= −1
2

∑
r

(γ5)αβũβ (~p, r) ũµ (~p, r)
∑

s

(γ5)µνuν( ~k1, s)uα( ~k1, s)

= −1
2
(γ5)αβ

(
γµPµ + mN∗

2mN∗

)

βµ

(γ5)µν

(
γµK1µ + mN

2mN

)

να

= −1
2
Tr

[
γ5

(
γµPµ + mN∗

2mN∗

)
γ5

(
γµK1µ + mN

2mN

)]

= − 1
8mNmN∗

Tr
[
γ5γ

µPµγ5γ
µK1µ + mN∗γ5γ5γ

µK1µ + γ5γ
µPµγ5mN + γ5mN∗γ5mN

]

= − 1
8mNmN∗

Tr
[
γ5γ

µPµγ5γ
µK1µ + mN∗mN1

]

= − 1
8mNmN∗

[−4P ·K1 + 4mN∗mN ]

=
mN∗2 + mN

2 −M2 − 2mNmN∗

4mNmN∗

=
(mN∗ + mN )2 −M2

4mNmN∗
(3.58)

Damit folgt unter Berücksichtigung der Vorfaktoren aus Gleichung (3.39) mit Glei-
chung (3.51) für die Zerfallsbreite:

ΓN∗→χN =
a2 tanh2 δ

8πmN∗2

(
(mN∗ + mN )2 −M2

)
kf (3.59)

3.3.3 Werte einsetzen

Die verwendeten Größen haben die folgenden Werte [14, 15]:

• m0 = 460 MeV

• mN∗ = 1535 MeV
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• mN = 938 MeV

• M = 400 MeV

• cosh δ = mN+mN∗
2m0

= 2.69

• a = m0M2

gZ2fπ
2 = 1.10

• sinh δ = 2.51

• Z = 1.67

• fπ = 92.4 MeV

• g = 2.8 GeV

• kf (1535) = 325 MeV

• kf (1650) = 456 MeV

Setzt man diese in die berechnete Formel ein, erhält man für die Zerfallsbreite:

Γ = 37.32 MeV (3.60)

Für den zweiten Kandidaten für den chiralen Partner des Nukleons, N(1650), ergibt
sich die Zerfallsbreite:

Γ = 45.91 MeV (3.61)

Die berechneten Zerfallsbreiten des zuerst betrachteten Zerfalls werden mit den
im Particle Data Book [5] verzeichneten Werten verglichen. Für N(1535) als skala-
rer Partner des Nukleons wird dort die Zerfallswahrscheinlichkeit von N∗ → Nππ
zu 1 − 10% der Gesamtbreite von 125-150 MeV angegeben. Es wird dieser Zerfall
betrachtet, da das beteiligte skalare Teilchen schnell und mit hoher Wahrschein-
lichkeit in zwei Pionen zerfällt. In diesem Fall ist der berechnete Wert zu groß.
N(1650) wird eine Breite 10− 20% der Gesamtbreite von 120-180 MeV zugeordnet.
Die berechneten Werte liegen in derselben Größenordnung. Das Modell liefert für
N(1650) zuverlässigere Werte als für N(1535). Dies deutet darauf hin, dass es sich
bei N(1650) um den chiralen Partner des Nukleons handelt und nicht bei N(1535).
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4 �Glueballs� und das
PANDA-Experiment

4.1 PANDA

In naher Zukunft wird bei FAIR, der „Facility for Antiproton and Proton Research“
in Darmstadt das PANDA-Experiment aufgebaut [16]. PANDA steht für „Anti-
Proton Annihilation at Darmstadt“.

Das Experiment wird sich mit dem Ursprung der Hadronen-Massen beschäfti-
gen. Weniger als zwei Prozent davon geht auf die Masse der enthaltenen Quarks zu-
rück, der Rest begründet sich durch deren Wechselwirkung untereinander und mit
Gluonen. PANDA erforscht unter anderem die Eigenschaften sogenannter „Glue-
balls“, also Zuständen, die sich nur aus Gluonen zusammensetzen. Ihre Masse wird
zwischen 1.5 und 5 GeV vermutet. PANDA wird in der Lage sein, auch den Bereich
höherer Massen (über 2.5 GeV) zu untersuchen. Glueballs entstehen als Zwischen-
produkt bei der Reaktion zwischen Antiprotonen und Protonen. Sie zeichnen sich
durch zwei Eigenschaften aus: Sie sind Flavour-blind, da Gluonen an sämtliche
Quark-Flavours gleich stark koppeln, und ihre Zerfallsbreite ist schmaler als die
eines Quark-Antiquark-Zustands. Ein mutmaßlicher Glueball-Kandidat G̃ ist ein
Pseudoskalar mit der Masse 2.6 GeV. Die Kopplungskonstante der zu seinem Zer-
fall gehörigen Lagrangedichte kann experimentell bestimmt werden. Aus diesem
Grunde wird im Folgenden das Verhältnis zwischen den Breiten verschiedener Zer-
fallskanäle berechnet.

Abbildung 4.1: Skizze des PANDA-Detektors [17]
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4.2 Zerfall des pseudoskalaren Glueballs in zwei Nukleonen

4.2.1 Beteiligte Teilchen

An dieser Stelle wird der Zerfall des pseudoskalaren Glueballs G̃ in ein Nukleon
und seinen chiralen Partner betrachtet. Der Wechselwirkungterm lautet:

Lint = igG̃
(
Ψ2Ψ1 −Ψ1Ψ2

)
(4.1)

Auch er soll hinsichtlich seiner Transformationseigenschaften untersucht werden.
Lint ist hermitesch:

[igG̃
(
Ψ2Ψ1 −Ψ1Ψ2

)
]† = −igG̃(Ψ†

2γ
0Ψ1 −Ψ†

1γ
0Ψ2)†

= −igG̃(Ψ†
1γ

0Ψ2 −Ψ†
2γ

0Ψ1)

= igG̃
(
Ψ2Ψ1 −Ψ1Ψ2

)
(4.2)

Lint ist paritätsinvariant. Da G̃ ein Pseudoskalar ist, gilt: G̃ → −G̃:

igG̃
(
Ψ2Ψ1 −Ψ1Ψ2

) → −igG̃(−Ψ2Ψ1 + Ψ1Ψ2)

= igG̃
(
Ψ2Ψ1 −Ψ1Ψ2

)
(4.3)

Lint ist chiral-invariant:

Ψ2Ψ1 −Ψ1Ψ2 = (Ψ2R + Ψ2L)(Ψ1R + Ψ1L)− (Ψ1R + Ψ1L)(Ψ2R + Ψ2L)

= Ψ2RΨ1R + Ψ2RΨ1L + Ψ2LΨ1R + Ψ2LΨ1L

−Ψ1RΨ2R −Ψ1RΨ2L −Ψ1LΨ2R −Ψ1LΨ2L

= Ψ2RΨ1L + Ψ2LΨ1R −Ψ1RΨ2L −Ψ1LΨ2R (4.4)

Unter Benutzung von Gleichungen (3.7) und (3.8) sieht man die chirale Invarianz
des Terms. Lint verhält sich unter Ladungskonjugation wie folgt: Für den ersten
Term der Klammer gilt:

Ψ2Ψ1 → (−iγ2Ψ∗
2)
†γ0(iγ2Ψ∗

1)

= iΨT
2 (−γ2)γ0iγ2(Ψ†

1)
T

= ΨT
2 γ2γ0γ2(Ψ†

1)
T

= ΨT
2 γ0(Ψ†

1)
T

= ΨT
2 γ0T (Ψ†

1)
T

= −Ψ†
1γ

0Ψ2

= −Ψ1Ψ2 (4.5)

Wie im vorherigen Kapitel sieht man, dass der erste Term in den zweiten Term
übergeht, wobei ein Vorzeichen dazukommt. Entsprechendes findet man für den
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zweiten Term, womit insgesamt die Invarianz unter Ladungskonjugation gezeigt
ist. Die physikalischen Felder sind durch die Felder (3.20) und (3.21) gegeben. Mit
ihnen findet man für den Wechselwirkungsterm:

Lint = gG̃
1

2 cosh δ

(− iNγ5N − iN
∗
Neδ − iNN∗e−δ

− iN
∗
γ5N

∗ − iNγ5N + iNN∗eδ + iN
∗
Ne−δ − iN

∗
γ5N

∗)

= gG̃
1

2 cosh δ

(− 2iNγ5N + iNN∗
(
eδ − e−δ

)

+ iN
∗
N

(
e−δ − eδ

)
− 2iN

∗
γ5N

∗)

=
−ig

cosh δ
G̃

(
Nγ5N + sinh δN

∗
N − sinh δNN∗ + N

∗
γ5N

∗
)

(4.6)

Der letzte Term in der Klammer trägt aus kinematischen Gründen nicht zur Zer-
fallsbreite bei. Im Folgenden soll das Verhältnis zwischen den Zerfallsbreiten der
mittleren Terme und des ersten Terms betrachtet werden. Das entgegengesetzte
Vorzeichen zwischen den mittleren Termen spielt keine Rolle, sodass nach der Re-
lation:

Q =
ΓG̃→NN

ΓG̃→N
∗
N+h.c.

=
ΓG̃→NN

2ΓG̃→N
∗
N

(4.7)

gesucht werden muss. Die beteiligten Felder lauten ähnlich wie im vorhergehenden
Abschnitt:

G̃ (X) =
1√
V

∑

~p

1√
2Ep

(
a~pe

−iP ·X + a~p
†eiP ·X

)
(4.8)

sowie

N (X) =
1√
V

∑

~k1,s

√
mN

Ek1

(
d ~k1,s

v( ~k1, s)e−iK1·X + b†~k1,s
u( ~k1, s)eiK1·X

)
(4.9)

und

N (X) =
1√
V

∑

~k2,r

√
mN

Ek2

(
b ~k2,r

u( ~k2, r)e−iK2·X + d†~k2,r
v( ~k2, r)eiK2·X

)
(4.10)

Die Masse des pseudoskalaren Teilchens sei M . Die Felder für den chiralen Part-
ner des Nukleons ergeben sich analog mit der Masse mN∗ .

4.2.2 Die S-Matrix

Anfangs- und Endzustand sind in allen Fällen durch

|i〉 = a†~p′ |0〉 (4.11)
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und
|f〉 = b†

~k1
′
,s′

d†
~k2
′
,r′
|0〉 (4.12)

gegeben.
Zunächst wird L1 = − ig

cosh δ G̃Nγ5N betrachtet.
Das Matrixelement lautet:

Sfi = 〈f |S|i〉 = 〈f |i
∫

d4XL1|i〉

=
−ig

√
mN

2

cosh δV
3
2

√
2Ek2EpEk1

〈0|b ~k1
′
,s′d ~k2

′
,r′

∫
d4X

×
∑

~p

(
a~pe

−iP ·X + a~p
†eiP ·X

)

×
∑

~k1,s

(
d ~k1,s

v( ~k1, s)e−iK1·X + b†~k1,s
u( ~k1, s)eiK1·X

)
γ5

×
∑

~k2,r

(
b ~k2,r

u( ~k2, r)e−iK2·X + d†~k2,r
v( ~k2, r)eiK2·X

)
a†~p′ |0〉

∝ 〈0|b ~k1
′
,s′d ~k2

′
,r′b

†
~k1,s

d†~k2,r
a~pa

†
~p′
e−i(P−K2−K1)Xuγ5v|0〉

∝ 〈0|b ~k1
′
,s′d ~k2

′
,r′b

†
~k1,s

d†~k2,r

(
δ~p~p′ + a†~p′a~p

)
|0〉

= 〈0|
(
δ ~k1

~k1
′δss′ − b†~k1,s

b ~k1
′
,s′

)
d ~k2

′d†~k2
δ~p~p′ |0〉

= 〈0|δ ~k1
~k1
′δss′δ~p~p′

(
δ ~k2

~k2
′δrr′ − d†

~k2
′
,r′

d ~k2,r

)
|0〉

= δ ~k1
~k1
′δss′δ~p~p′δ ~k2

~k2
′δrr′ (4.13)

Insgesamt bleibt für den S-Matrix-Term:

Sfi =
1

V
3
2

mN√
2Ek2EpEk1

∫
d4XiMe−i(P−K2−K1)X (4.14)

wobei
iM≡ g

cosh δ
u( ~k1, s)γ5v( ~k2, r) (4.15)

Nun kann analog zum vorhergehenden Abschnitt durch Quadrieren des S-Matrix-
Terms unter Inanspruchnahme von Gleichung (3.41), Integration über alle mögli-
chen Endimpulse und Summation über alle End-Spineinstellungen sowie Division
durch t ein Ausdruck für die Zerfallsbreite berechnet werden. Man erhält:

Γ =
mN

2

2

∑
r,s

∫
d3k1

(2π)3

∫
d3k2

(2π)3
|iM|2

Ek2Ek1Ep
(2π)4 δ (P −K1 + K2) (4.16)
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Wiederum kann das Integral durch Umschreiben der δ-Distribution ausgewertet
werden. Der Endimpuls ist diesmal:

kf =

√
M2

4
−mN

2 (4.17)

Damit erhält man:

Γ =
mN

2

2πM2

∑
r,s

|iM|2kf (4.18)

Mit Hilfe der Beziehungen (3.52) und (3.53) berechnet man analog zum vorherge-
henden Kapitel:

∑
r,s

|iM|2 ∝
∑
r,s

u( ~k1, s)γ5v( ~k2, r)
[
u( ~k1, s)γ5v( ~k2, r)

]†

= −
∑

r

(γ5)αβvβ( ~k2, r)vµ( ~k2, r)
∑

s

(γ5)µνuν( ~k1, s)uα( ~k1, s)

= (γ5)αβ

(−γµK2µ + mN

2mN

)

βµ

(γ5)µν

(
γµK1µ + mN

2mN

)

να

= Tr

[
γ5

(−γµK2µ + mN

2mN

)
γ5

(
γµK1µ + mN

2mN

)]

=
1

4mN
2

(
4K1 ·K2 + 4mN

2
)

=
1

mN
2

M2 − 2mN
2 + 2mN

2

2

=
M2

2mN
2

(4.19)

Wobei die Viererimpulserhaltung ausgenutzt wurde:

P 2 = (K1 + K2)2 = M2

⇔ 2mN
2 + 2K1 ·K2 = M2

⇔ M2 − 2mN
2

2
= K1 ·K2 (4.20)

Unter Beachtung der Vorfaktoren aus (4.15) findet man:

∑
r,s

|iM|2 =
g2

cosh2 δ

(
M2

2mN
2

)
(4.21)

Dies eingesetzt in die Gleichung der Zerfallsbreite liefert:

ΓG̃→NN =
g2

4π cosh2 δ
kf (4.22)
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Als nächstes wird die Lagrangedichte L2 = − i sinh δg
cosh δ G̃N

∗
N = − tanh δgG̃N

∗
N

untersucht.
Für das Matrixelement ergibt sich:

Sfi = 〈f |S|i〉 = 〈f |i
∫

d4XL2|i〉

=
−ig tanh δ

√
mNmN∗

V
3
2

√
2Ek2EpEk1

〈0|b̃ ~k1
′
,s′d ~k2

′
,r′

∫
d4X

×
∑

~p

(
a~pe

−iP ·X + a~p
†eiP ·X

)

×
∑

~k1,s

(
d̃ ~k1,s

ṽ( ~k1, s)e−iK1·X + b̃†~k1,s
ũ( ~k1, s)eiK1·X

)

×
∑

~k2,r

(
b ~k2,r

u( ~k2, r)e−iK2·X + d†~k2,r
v( ~k2, r)eiK2·X

)
a†~p′ |0〉

∝ δ ~k1
~k1
′δss′δ~p~p′δ ~k2

~k2
′δrr′uve−i(P−K1−K2)X (4.23)

Wieder brechen alle Summen zusammen und es bleibt:

Sfi =
√

mNmN∗

V
3
2

√
2Ek2EpEk1

∫
d4XiMe−i(P−K2−K1)X (4.24)

wobei
iM≡ g tanh δũ( ~k1, s)v( ~k2, r) (4.25)

Der Endimpuls lautet in diesem Fall:

±
√

mN∗4 + mN
4 + M4 − 2mN

2mN∗2 − 2mN∗2M2 − 2mN
2M2

4M2
= k′f (4.26)

Man erhält:

ΓG̃→N∗N =
mN∗mN

2πM2

∑
r,s

|iM|2k′f (4.27)

Unter Berücksichtigung der Viererimpulserhaltung mit
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∑
r,s

|iM|2 ∝
∑
r,s

ũ( ~k1, s)v( ~k2, r)
[
ũ( ~k1, s)v( ~k2, r)

]†

= −
(

γµK1µ + mN∗

2mN∗

)

βα

(−γµK2µ + mN

2mN

)

αβ

= −Tr

[(
γµK1µ + mN∗

2mN∗

)(−γµK2µ + mN

2mN

)]

=
1

4mNmN∗
(4K1 ·K2 − 4mNmN∗)

=
1

2mNmN∗

(
M2 − (mN + mN∗)2

)
(4.28)

ergibt sich insgesamt für die Zerfallsbreite:

ΓG̃→N
∗
N =

g2 tanh2 δ

4πM2
(M2 − (mN + mN∗)2)k′f (4.29)

4.2.3 Werte einsetzen

Unter Verwendung der Werte [18]

• mN∗ = 1535 MeV

• mN = 938 MeV

• M = 2.6 GeV

• kf = 900.0 MeV

• kf ′ = 390.6 MeV

lässt sich der gesuchte Quotient

Q =
ΓG̃→NN

2ΓG̃→N
∗
N

=
kfM2

2 sinh2 δ(M2 − (mN + mN∗)2)k′f
= 1.94

berechnen. Der für den zweiten Zerfall betrachtete Quotient kann erst verglichen
werden, wenn die experimentellen Daten des PANDA-Projekts ausgewertet wur-
den. Dass die Rate größer als 1 ist, ist in jedem Fall sinnvoll, da der Zerfall des
Glueballs in ein Nukleon und dessen chiralen Partner kinematisch an der Schwelle
liegt. Der Zerfall des Glueballs in zwei Nukleonen ist in jedem Fall wahrscheinli-
cher. In Zukunft wird es aufgrund der experimentellen Resultate möglich sein, die
Kopplungskonstante des Zerfalls zu bestimmen.
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5 Zusammenfassung und Ausblick

Im Rahmen dieser Arbeit wurden zwei verschiedene Zerfallsprozesse behandelt.
Zunächst wurde im Rahmen des erweiterten Linearen Sigma-Modells die Antwort
auf die Frage gesucht, welches Teilchen als chiraler Partner des Nukleons in Frage
kommt. Dazu wurde der Zerfall des chiralen Partners in ein Nukleon und ein skala-
res Teilchen betrachtet. Das skalare Teilchen wurde mit dem Tetraquark-Zustand
f0(600) identifiziert. In Augenschein genommen wurden die Resonanzen N(1535)
und N(1640). Aufgrund der berechneten Zerfallsbreiten erkannte man im Falle von
N(1650) eine größere Übereinstimmung mit den experimentellen Werten. Die Zer-
fallsbreite von 45.91 MeV liegt in der Größenordnung des im Particle Data Book
verzeichneten Intervalls. Der Wert, den man bei Verwendung von N(1535) als Aus-
gangsteilchen erhielt, ist allerdings gegenüber der Vorhersage zu groß.
Ein nächster Schritt im Studium dieses Sachverhalts stellt das erweiterte Misch-
Szenario dar. Es beinhaltet nicht nur zwei, sondern vier Spinoren. Zwei davon
beschreiben Nukleon-Resonanzen, zwei sind mögliche chirale Partner. Da die Zu-
stände mischen, wird der chirale Partner nicht eindeutig durch ein, sondern durch
zwei Resonanzen repräsentiert. Weiterhin steht die eingehende Betrachtung des
Ursprungs von m0 aus. Dazu muss außer der Wechselwirkung mit dem Tetraquark-
Zustand auch die Wechselwirkung eines Glueballs mit den beteiligten Hadronen
berücksichtigt werden. Dadurch erhält die Masse von m0 einen Anteil, der aus dem
Glueball-Kondensat stammt. Dies muss beim Rückschluss auf die Nukleonmasse
beachtet werden.
Als nächstes wurde der Zerfall des pseudoskalaren Glueballs in zwei Nukleonen
betrachtet. Da die Kopplungskonstante dieses Zerfalls noch nicht experimentell
bestimmt wurde, wurde ein Verhältnis zwischen zwei Zerfallskanälen berechnet.
Es zeigte sich, dass der Zerfall in zwei Nukleonen fast doppelt so wahrscheinlich
ist wie der Zerfall in Nukleon und chiralen Partner, der an der Energieschwelle
liegt. Die Berechnung wurde mit einem Teilchen der Masse 2.6 GeV als Glueball
durchgeführt. Die Untersuchung derart schwerer Glueballs wird in naher Zukunft
erstmalig im Rahmen des PANDA-Experiments der GSI möglich sein.
Zukünftige Studien sollten die Beteiligung des Glueballs an gemischten Zuständen
berücksichtigen. Außerdem sollte ein möglicher skalarer Glueball in die Betrach-
tung miteinbezogen werden.
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