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Voorwoord
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eerder als een goed dan een slecht teken. Wat me bij de volgende twee personen brengt. Tim

en Tamara, ook al mocht ik willen, ik zou geen redenen tot klagen kunnen vinden. Jullie waren

altijd vriendelijk en bereikbaar, hebben al mijn vragen zonder morren beantwoord en uren van

jullie tijd aan mij besteed wanneer jullie waarschijnlijk dringender zaken te doen hadden. In het

bijzonder bedankt voor het minutieuze nalezen, de talloze verbeteringen aan deze tekst en de

heldere uitleg bij al mijn problemen. En Tim, bedankt om al mijn computerblunders snel en

feilloos recht te zetten. Zo niet, had ik daar waarschijnlijk nog achter mijn schermpje gezeten.

Ik hou het graag kort en simpel, maar vooraleer dit hier af te sluiten toch nog een speciaal

woordje van dank richting het thuisfront, om mij al die tijd te laten doen waar ik zin in had.
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Overzicht

Sterke vervalbreedtes van baryonresonanties

door Wim Cosyn

Scriptie ingediend tot het behalen van de academische graad van Burgerlijk Natuurkundig Inge-

nieur.

Academiejaar 2003-2004

Promotor: Prof. Dr. Jan Ryckebusch

Begeleiders: Ir. Tim Van Cauteren, Lic. Tamara Corthals

Faculteit Toegepaste Wetenschappen

Universiteit Gent

Vakgroep Subatomaire en Stralingsfysica

Vakgroepvoorzitter: Prof. Dr. Kris Heyde

De mens is gebeten om te weten. Een essentiële stap in onze pogingen om de volledige

wereld om ons heen te begrijpen, is het opstellen van modellen. Deze vormen een compromis

tussen gekende theorieën enerzijds en experimentele waarnemingen anderzijds. Een model moet

er eerst en vooral in slagen de fenomenen die het probeert te verklaren effectief te reproduceren,

maar moet tevens toelaten voorspellingen te doen. In deze thesis wordt zo’n model van naderbij

bekeken, meer specifiek een relativistisch quarkmodel voor baryonen, ontwikkeld aan de univer-

siteit van Bonn. Dit model tracht baryonen en hun eigenschappen, zoals spectra en vormfactoren

te beschrijven op een relativistisch covariante manier, iets wat zeker niet evident is. Men mag

dan wel over een theorie beschikken die de drie krachten beschrijft die in het energiegebied van

de hadronenfysica werkzaam zijn (de sterke, zwakke en elektromagnetische wisselwerking), deze

theorie is zo complex dat een exacte beschrijving uitgesloten is. Men is dus gedwongen om deels

fenomenologische modellen op te stellen.

In hoofdstuk 1 van deze thesis wordt een kort overzicht gegeven van de belangrijkste evoluties

in de hadronenfysica in de vorige eeuw, te beginnen met de ontdekking van de substructuur van
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het nucleon. Er wordt ook uiteengezet hoe Murray Gell-Mann er, op basis van groepentheorie, in

slaagde om alle baryonen te classificeren met behulp van enkele nieuwe kwantumgetallen. Later

bleek Quantum Chromodynamica (QCD) een correcte theoretische achtergrond te zijn voor de

sterke wisselwerking; hierop wordt eveneens kort ingegaan. Ook enkele fenomenen die later in

het besproken model van groot belang zijn zoals confinement en constituentenquarks, worden

nader toegelicht.

Het eigenlijke model wordt in hoofdstuk 2 uiteengezet. Op basis van relativistische kwan-

tumveldentheorie wordt via enkele benaderingen, zoals het veronderstellen van constituenten-

quarks en instantane potentialen, de zogenaamde Salpetervergelijking opgesteld. Dit is een

veralgemeende eigenwaardevergelijking met de massa van het baryon als eigenwaarde en de

Salpeteramplitude (een veralgemeende golffunctie) als eigenvector. Ook de vorm en betekenis

van de potentialen die in de praktijk in deze vergelijking voorkomen, worden nader toegelicht.

In hoofdstuk 3 tenslotte wordt dieper ingegaan op een specifiek aspect van de hadronenfysica

namelijk het sterk verval van baryonresonanties. Deze zijn namelijk instabiel en vervallen vroeg

of laat naar andere deeltjes. Eerst wordt beschreven hoe men in het quarkmodel van Bonn het

sterk verval van baryonresonanties implementeert. Daarna worden verschillende soorten sterk

verval besproken: het verval van aangeslagen nucleon- en delta-resonanties naar de nucleongrond-

toestand met emissie van een pion, het verval van het nucleon- en delta-deeltje naar vreemde

baryonen (het lambda voor het nucleon en het sigma voor beide), en tenslotte het sterk verval

van lambda-resonanties naar de nucleongrondtoestand. Deze breedtes werden berekend in het

model van Bonn en worden hier vergeleken met experimentele waarden en resultaten uit andere,

zowel relativistische als niet-relativistische, quarkmodellen.

Trefwoorden: hadronenfysica, quarkmodellen, sterk verval, computationele fysica

Toelating tot bruikleen

De auteur geeft de toelating deze scriptie voor consultatie beschikbaar te stellen en delen van

de scriptie te kopiëren voor persoonlijk gebruik. Elk ander gebruik valt onder de beperkingen

van het auteursrecht in het bijzonder met betrekking tot de verplichting de bron uitdrukkelijk

te vermelden bij het aanhalen van resultaten uit deze scriptie.
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Hoofdstuk 1

Historisch overzicht: van nucleon tot

quark

1.1 Substructuur van het nucleon

In de jaren ’30 van de vorige eeuw leek alles er op te wijzen dat men de structuur van materie

doorgrond had. Nadat Rutherford in 1909 α-deeltjes verstrooide aan een goudfolie, merkte hij

dat er - veel vaker dan verwacht op basis van het toen aanvaarde atoommodel van Thompson

- verstrooiing optrad over meer dan 90◦. Dit leidde hem ertoe zijn atoommodel te formuleren:

een atoom bestaat uit een positief geladen kern en negatief geladen elektronen die rond die

kern cirkelen [Ru11]. De kern van waterstof (het lichtste atoom) noemde hij het proton. In

1932 ontdekte Chadwick in de reactie α + Be9 = C12 + n het neutron [Ch32]. Hieruit bleek

dat de extra massa in zwaardere kernen toegeschreven moest worden aan het neutron en niet

aan gebonden proton-electron paren zoals eerst verondersteld werd. Zo heeft de kern van het

Heliumatoom een lading +2, en toch is het gewicht ervan bijna vier maal zo groot als dat van het

proton. Een Helium kern moest bijgevolg bestaan uit twee protonen en twee neutronen. Proton

en neutron hebben beide spin 1
2 en ongeveer dezelfde massa (938.3 MeV, respectievelijk 939.6

MeV), en werden aanvankelijk verondersteld elementaire Dirac-deeltjes te zijn.

Eind jaren dertig werd echter het magnetisch moment van het proton en het neutron gemeten.

De resultaten waren op zijn minst verrassend te noemen. De relativistische kwantummechanica

van Dirac voorspelt namelijk voor een geladen deeltje met spin 1
2 zonder interne structuur een

magnetisch moment met grootte

µ = g
q

2M

~
2

, (1.1)

met M de massa van het deeltje en g de gyromagnetische factor (in dit geval ongeveer gelijk aan

2). Op deze basis verwachtte men dus voor het neutron een magnetisch moment nul en voor het

proton een µ met grootte e~
2mp

:= µN (het nucleair magneton). Experimenteel vond men echter

2.79µN voor het proton en −1.91µN voor het neutron. Proton en neutron kunnen blijkbaar

1



1.1. Substructuur van het nucleon 2

niet als elementaire deeltjes beschouwd worden. Ze bezitten beide een substructuur van geladen

deeltjes die deze magnetische momenten genereren.

Eind jaren 60 werden aan versnellers zoals het SLAC in Stanford experimenten uitgevoerd waar-

bij elektronen elastisch verstrooid werden aan nucleonen. Uit deze experimenten werd informatie

omtrent de vormfactoren van de nucleonen bekomen. Voor een object met ruimtelijke uitgestrekt-

heid wordt de werkzame doorsnede voor elastische verstrooiing op een factor na gegeven door

de werkzame doorsnede van verstrooiing aan een puntobject. Die factor wordt bepaald door de

vormfactoren, die informatie bevatten over de ladings- en stroomverdelingen binnen in het object.

Zo heeft een spin-12 baryon twee vormfactoren. Uit metingen van de vormfactoren in functie van

Q2 = −q2 ( met q de viervector impulsoverdracht van het elektron aan het nucleon) blijkt dat

de stroomverdeling van beide nucleonen en de ladingsverdeling van het proton een exponentieel

dalend verloop hebben en bijgevolg een object met een zeer diffuse rand beschrijven. Ook de

ladingsverdeling van het neutron is verschillend van nul, wat erop wijst dat zich binnenin het

neutron geladen deeltjes bevinden die elkaars lading op macroscopisch niveau compenseren.

Bekijkt men de werkzame doorsnede van elektron-verstrooiing aan het nucleon bij een vaste hoek

en elektronenergie, dan ziet men naast de elastische piek ook resonanties die overeen komen met

quasi-elastische verstrooiing van het elektron. Hierbij neemt het nucleon een deel van de energie

van het elektron op, en komt in een aangeslagen toestand terecht. Een voorbeeld van zo’n reso-

nantie is de ∆-resonantie (1232 MeV). Deze komt in vier verschillende ladingstoestanden voor:

van 2+ tot 1-, en heeft spin 3
2 . Omwille van deze eigenschappen beschouwt men de ∆-resonantie

niet als een aangeslagen nucleontoestand, maar als een ander deeltje. Het bestaan van zulke

resonanties is opnieuw een aanwijzing voor de substructuur van het nucleon.

Gaat men bij nog hogere energieën elektronen verstrooiien, dan komt men in het gebied van de

diep-inelastische verstrooiing. Ook dit type experimenten werd in het SLAC uitgevoerd [Bl69].

Zette men de werkzame doorsnede bij een vaste hoek uit in functie van W1, voor verschillende

waarden van de elektronenbundelenergie, dan bleek de telkandans in het energiegebied voorbij

de nucleonresonanties veel hoger te liggen dan men verwachtte. Analoog aan het elastische geval

kon men ook hier een soort vormfactoren meten. Voor inelastische processen worden deze echter

structuurfuncties genoemd omdat ze in tegenstelling tot het elastische geval van twee onafhanke-

lijke variabelen afhangen: Q2 en x := Q2

2Mν , met ν = E−E′, de energieoverdracht van het foton in

het ruststelsel van het nucleon. x is een maat voor de inelasticiteit van het proces: bij elastische

processen is x = 1, bij inelastische geldt 0 < x < 1. Ook wordt de finale toestand van het hadron

hier niet gemeten. De structuurfuncties bleken bij vaste waarden van x vrijwel niet af te hangen

van de waarde van Q2. Dit wees erop dat de elektronen verstrooiien aan een puntdeeltje, dat zich

in het proton moet bevinden. Uit de verhouding van de twee structuurfuncties kon men boven-

dien afleiden dat deze puntdeeltjes spin 1
2 hebben. Men gaf deze Dirac-deeltjes de naam partonen.

1De invariante massa, d.i. de totale energie in het massacentrumsysteem van elektron en nucleon.
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1.2 Het quarkmodel van Gell-Mann

Nog voor deze experimenten aan Stanford uitgevoerd werden, had Gell-Mann reeds de meso-

nen (hadronen met heeltallige spin) en baryonen (hadronen met halftallige spin) geclassificeerd

volgens bepaalde van hun kwantumgetallen -meerbepaald isospin en hyperlading- en daaruit de

onderliggende structuur afgeleid. Die structuur kon men dan in verband brengen met de quark-

structuur van hadronen.

Het begrip isospin (I) werd in 1932 door Heisenberg ingevoerd voor het proton en neutron.

De studie van de energiespectra van zogenaamde mirror-nuclei (dit zijn kernen met eenzelfde

aantal nucleonen, maar een verschillend aantal neutronen en protonen) toonde namelijk aan

dat de sterke kracht geen onderscheid maakt tussen proton of neutron. Dit blijkt ook uit het

feit dat hun massa’s quasi gelijk zijn. Proton en neutron kunnen dus als twee toestanden van

éénzelfde deeltje, het nucleon beschouwd worden. Naar analogie met spin noemde Heisenberg

de proton-neutron toestandsruimte de isospinruimte. Het nucleon vormt dan een doublet in

de isospinruimte waarbij het proton isospin up (Iz = +1
2) heeft en het neutron isospin down

(Iz = −1
2). De groep die deze symmetrie beschrijft is SU(2), de groep van unitaire 2×2 matrices

met determinant 1. Op dezelfde manier vormen de vier verschillende geladen ∆-toestanden een

quadruplet I = 3
2 .

De hyperlading Y is de som van twee kwantumgetallen: baryongetal B en vreemdheid S. In

experimenten is gebleken dat het aantal baryonen tijdens deeltjesreacties altijd constant blijft.

Zodoende is het mogelijk om een nieuw kwantumgetal te definiëren dat behouden is onder zowel

de sterke, zwakke als de elektromagnetische interactie. Aan baryonen wordt het baryongetal 1

toegekend, aan de antibaryonen -1 en aan al de andere deeltjes 0.

Ook het kwantumgetal S werd ingevoerd naar aanleiding van een experimentele observatie. Eind

jaren 40 werden in kosmische straling een aantal sterk interagerende deeltjes ontdekt waaronder

het lichtste meson: het pion. Dit vormt een isospintriplet (komt voor met lading en Iz = +1, 0 en

-1). Daarnaast werden ook een heel aantal deeltjes gevonden die vreemd gedrag vertoonden. Ze

werden gevormd in sterke reacties, maar hadden een lange levensduur en vervielen dus volgens

de zwakke interactie. Om deze schijnbare tegenstrijdigheid op te lossen voerden Gell-Mann en

Nishijima in 1953 een nieuw kwantumgetal in, de vreemdheid S. Deze is behouden in de sterke

en elektromagnetische interactie, maar niet in de zwakke wisselwerking.

Het bleek dat men nu aan alle hadronen een hyperlading en isospin kon toekennen, zodat hun

lading voldeed aan de formule

Q =
Y

2
+ Iz . (1.2)

In 1961 zette Gell-Mann de twee octetten van stabiele baryonen en mesonen uit in een Y, Iz grafiek

[Ge62]. Er kwam telkens een zeshoekige structuur te voorschijn (zie figuur 1.1). Hetzelfde deed

hij ook met een nonet van gekende spin 3
2 baryon-resonanties. Nu bekwam hij een gelijkzijdige

driehoek waarvan een hoekpunt ontbrak. Om deze patronen te verklaren, postuleerde Gell-Mann
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een triplet van smaak -toestanden 


u

d

s


 , (1.3)

dat een fundamentele representatie van SU(3) vormt. Aangezien niet alle baryonen dezelfde

massa hebben gaat het hier om een benaderende symmetrie. Het up quark u en down quark d

hebben ongeveer gelijke massa, vormen een isospindoublet en hebben S = 0. Het strange quark

s heeft een grotere massa, wat nodig is om het massaverschil tussen de verschillende isospinmul-

tipletten te verklaren (bv. de nucleonen en het Σ isospintriplet) en vormt een isospinsinglet met

S = −1. Als verondersteld wordt dat de baryonen bestaan uit drie van deze quarks, dan leert

groepentheorie dat het direct product van drie fundamentele representaties als volgt ontbonden

kan worden:

3⊗ 3⊗ 3 = 1⊕ 8⊕ 8⊕ 10 . (1.4)

Men herkent hierin al het octet van de spin 1
2 baryon toestanden. Om het decuplet te vervolledi-

gen, postuleerde Gell-Mann een tiende deeltje bij de spin 3
2 baryonen, gelegen op het onderste

hoekpunt van de gelijkzijdige driehoek. Dit was het zogenaamde Ω− deeltje, een isospinsinglet

met hyperlading -2 en bijgevolg elektrische lading -1. Dit deeltje werd enkele jaren later in

Brookhaven effectief waargenomen [Ba64], wat een duidelijke bevestiging van het model betek-

ende.

Om het mesonoctet te verklaren ging Gell-Mann uit van het direct product van een triplet met

een antitriplet:

3⊗ 3̄ = 1⊕ 8 . (1.5)

Het volledige mesonoctet kon inderdaad geïdentificeerd worden met het octet dat hierbij te

voorschijn komt. Ook het smaaksinglet is terug te vinden onder de vorm van het η′. De mesonen

bestaan m.a.w. uit een quark-antiquark paar.

Dit SU(3) classificatieschema werd eerst als een louter wiskundig model aangewend. Enkel Zweig,

die onafhankelijk van Gell-Mann tot dezelfde classificatie gekomen was, zag in de quarks ook ef-

fectieve deeltjes. Pas na de experimenten in SLAC draaide de rest bij. Aan deze quarks wordt

een baryongetal B = 1
3 toegekend. Toepassen van formule (1.2) op de verschillende quarks leert

dat de lading van het up quark 2
3e bedraagt en die van het down en strange quark -13e. Deze

ladingen kunnen vreemd lijken, ze zijn namelijk geen geheel veelvoud van de elektronlading.

Precies om deze reden werd het beeld van quarks als fysische deeltjes zo lang verworpen door

de wetenschappelijke gemeenschap. Uit de verhouding van de werkzame doorsneden van diep-

inelastische verstrooiing van elektronen en neutrino’s (die volgens de zwakke interactie reageren)

aan hadronen, blijkt echter dat de theoretische ladingen in overeenkomst zijn met het experi-

mentele resultaat [PR95].
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Figuur 1.1: Classificatie van de baryonen met spin 1
2 (linksboven), baryonen met spin 3

2 (rechtsboven)
en mesonen met spin 1

2 (onder).

1.3 QCD: de ijktheorie voor de sterke wisselwerking

Een probleem dat overbleef was de golffunctie van het ∆++ deeltje. Dit bestaat namelijk uit

drie up quarks, en heeft dus een volledige symmetrische golffunctie in de smaakruimte. Ook de

spin (S = 3
2) en de ruimtelijke golffunctie (grondtoestand, dus L = 0) zijn volledig symmetrisch

onder het verwisselen van quarks, en bijgevolg de totale golffunctie. Dit is in tegenspraak met

het Pauli-principe. Om dit probleem op te lossen kende Greenberg in 1964 een extra eigenschap

toe aan de quarks, nl. kleur. Kleur wordt (net zoals smaak) gekenmerkt door de symmetriegroep

SU(3). Quarks behoren tot een fundamentele representatie van deze groep zodat elke quark in 3

kleurtoestanden kan voorkomen: rood, groen en blauw. De golffuncties van de drie quarks in een

baryon stellen zich echter, in tegenstelling tot wat bij smaak het geval was, niet samen tot een

octet of een decuplet, maar vormen een antisymmetrisch kleursinglet. Dit vinden we ook terug

als de eerste term in het rechterlid van (1.4). Ook bij mesonen stellen kleur van het quark en

antikleur van het antiquark zich samen tot een asymmetrisch kleursinglet. Aangezien er nog geen

enkel object vrij waargenomen is dat niet kleurneutraal is (zoals bijvoorbeeld een vrij quark),

wordt gepostuleerd dat gekleurde objecten niet vrij kunnen voorkomen, en dat quarks permanent

opgesloten zitten binnen hadronen. Dit verschijnsel noemt men confinement. Een theoretische

afleiding voor dit fenomeen is er nog steeds niet. Theoretisch gezien is het mogelijk dat er com-

binaties bestaan zoals (qqqqq̄) die ook kleurneutraal zijn. Recentelijk werd deze zogenaamde

pentaquark inderdaad waargenomen [St03]. Confinement kan op een vereenvoudigde manier
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voorgesteld worden door een potentiaal die lineair toeneemt met de afstand V = kr. k stelt dan

de veldenergie per lengte eenheid voor en kan geïdentificeerd worden met de veerconstante van

een fictieve lineaire veer die tussen de quarks opgespannen is. Als men de veldlijnen-configuratie

tussen twee elektronen en twee quarks vergelijkt dan bemerkt men duidelijke verschillen (zie

figuur 1.2). Het elektrisch veld strekt zich over de gehele ruimte uit. Door de interactie tussen de

gluonen (zie verder) krommen de veldlijnen tussen de twee quarks zich echter op tot een buis. In

principe is de energie die nodig is om twee quarks van elkaar te scheiden oneindig. Wanneer de

quarks echter ver genoeg van elkaar verwijderd zijn, is er genoeg energie in de fluxbuis aanwezig

om een quark-antiquark paar te creëren. Dit paar zal zich, samen met de oorspronkelijke quarks,

reorganiseren tot andere hadronen. Dit proces, dat resulteert in extra hadronen, noemt men

hadronisatie.

e1 e2

q1 q2

Figuur 1.2: Verschil in de veldlijnenconfiguratie tussen twee elektronen (links) en twee quarks (rechts)

Het bestaan van een SU(3)-kleursymmetrie heeft nog andere implicaties. In het standaard-

model worden de fundamentele krachten beschreven door lokale ijktheorieën. Hierbij wordt een

globale symmetrie van de lagrangiaan lokaal gemaakt. Dit genereert massaloze deeltjes met spin

1, de zogenaamde ijkbosonen, die zorgen voor de overdracht van de interactie. Deze ijkbosonen

transformeren volgens een toegevoegde representatie van de symmetriegroep. Zo wordt de elek-

tromagnetische interactie beschreven door een globale U(1) symmetrie die lokaal wordt gemaakt

(Quantum Elektrodynamica of QED). Er is slechts één ijkboson, nl. het foton.

In 1972 voerden Gell-Mann en Fritzsch een lokale ijktheorie in voor de sterke interactie: Quan-

tum Chromodynamica (QCD). Dit deden ze door de globale SU(3) kleursymmetrie lokaal te

maken. Hierbij komen acht ijkbosonen met spin 1 tevoorschijn, de gluonen. Een belangrijk

onderscheid tussen QCD en QED is het feit dat de gluonen, in tegenstelling tot het foton dat

elektrische lading nul heeft, wel degelijk een kleurlading dragen. Ze transformeren immers vol-

gens een toegevoegde representatie van SU(3) en vormen dus een octet in de kleurruimte. Dit

heeft als gevolg dat er naast interacties tussen quarks, overgedragen door de gluonen, ook inter-

acties tussen gluonen onderling zullen optreden. QCD wordt hierdoor een niet-lineaire theorie,
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wat ervoor zorgt dat een mathematische behandeling zeer ingewikkeld wordt. Een andere typ-

ische eigenschap van QCD, is dat de koppelingsconstante αs toeneemt met toenemende afstand

(m.a.w afnemende Q2). Dit in tegenstelling tot de elektromagnetische koppelingsconstante die

afneemt met de afstand. Uit numerieke simulaties blijkt dat deze koppelingsconstante zeer groot

wordt bij relatief kleine afstand (van de orde 1 fm), wat de confinementhypothese bevestigt. In

het energiegebied behandeld door de hadronenfysica is een perturbatieve aanpak d.m.v. Feyn-

mandiagrammen zoals bij QED nutteloos aangezien je geen snel of helemaal geen convergerende

reeks bekomt. Quarkmodellen (deels fenomenologisch) zijn dus onmisbaar. Enkel op zeer korte

afstanden (en dus zeer hoge energieën) zorgt de afstraling van gluonen ervoor dat quarks hun

kleuridentiteit verliezen waardoor ze niet meer met elkaar interageren. Dit verschijnsel noemt

men asymptotische vrijheid.

Keren we nu nog eens terug naar de diep-inelastische verstrooiingsexperimenten aan het SLAC.

Daarin bleek dat naast de valentiequarks (de door Gell-Mann gepostuleerde quarks die voor

de macroscopische eigenschappen van het hadron zorgen), ook elektronverstrooiing aan andere

deeltjes plaatsvond. Dit zijn de zogenaamde zeequarks, quark-antiquark paren die binnen het

hadron via de sterke wisselwerking uit het vacuüm gevormd worden, en onmiddellijk weer ver-

dwijnen. Hetzelfde gebeurt o.a. ook bij het elektron. Het fysisch elektron dat wij waarnemen

is in feite een naakt elektron, omgeven door een wolk van fotonen en electron-positron paren

die gevormd worden door interacties met het vacuüm. De kwantumgetallen van deze zeequarks

middelen uit tot nul. Ze leveren dus geen bijdrage tot de macroscopische eigenschappen van

het hadron2. Uit de structuurfuncties van het nucleon blijkt bovendien dat slechts een kleine

helft van diens impuls toegeschreven kan worden aan de zee- en valentiequarks. De rest moet

door de gluonen gedragen worden. Dit leidt ertoe dat men in modellen meestal constituenten-

quarks beschouwt. Dit zijn de valentiequarks, samen met hun omringende wolk van gluonen

en quark-antiquark paren. Deze constituentenquarks hebben dezelfde kwantumgetallen als de

oorspronkelijke valentiequarks, maar een grotere massa. Een model met constituentenquarks is

in staat om vele eigenschappen van hadronen te verklaren. Zo kan men ondermeer de verhouding

van de magnetische momenten van het proton en het neutron berekenen µn

µp
= −2

3 , wat in goede

overeenstemming is met de experimenteel bepaalde waarde van -0.685 [PR95].

2Al zijn er ook op dit laatste uitzonderingen. Zo kan de protonspin niet verklaard worden a.d.h.v. de spins

van de valentiequarks alleen, ook de spins van de gluonen en zeequarks leveren een bijdrage. Dit noemt men de

spincrisis.



Hoofdstuk 2

Het relativistisch quarkmodel van Bonn

2.1 Achtergrond: waarom de keuze voor een relativistisch model?

Als we een baryon bestaande uit drie lichte (u, d, s) constituentenquarks beschouwen dan leert

het eenvoudig toepassen van de onzekerheidsrelatie van Heisenberg ons dat deze quarks aan rela-

tivistische snelheden bewegen binnen dat baryon [PR95]. Het kan dan vreemd lijken dat er in het

verleden echter niet-relativistische quarkmodellen werden opgesteld, die meer dan aanvaardbare

resultaten opleverden. Deze modellen gaan uit van een aantal fenomenologische aspecten, die in

het vorige hoofdstuk besproken werden, zoals constituentenquarks en een lineaire confinement-

potentiaal. Ze elimineren ook de overbodige vrijheidsgraden van de massacentrumbeweging en

voorspellen een juist aantal toestanden in de baryonspectra. Vanuit theoretisch standpunt zijn

echter alleen relativistisch covariante modellen te verantwoorden.

Voor een volledig relativistische beschrijving lijkt kwantumveldentheorie het aangewezen raam-

werk. De golffuncties uit de niet-relativistische modellen worden dan vervangen door Bethe-

Salpeter amplitudes. Die voldoen aan een geassocieerde Bethe-Salpeter vergelijking: een in-

tegraalvergelijking waarvan de oplossing -de Bethe-Salpeter amplitude- Lorentzcovariant is en

een eigentoestand van de totale momentumoperator. Met behulp van de Bethe-Salpeter am-

plitudes kunnen ook andere grootheden zoals baryon vormfactoren en vervalbreedtes berekend

worden. Om deze Bethe-Salpeter amplitudes te berekenen zouden de exacte quarkpropagatoren

en interactievertices in QCD voorhanden moeten zijn. Dit is, zoals in het vorige hoofdstuk

uiteengezet werd, niet het geval. Men moet zijn toevlucht dus zoeken bij een vereenvoudigde,

gedeeltelijk fenomenologische beschrijving van het probleem. Aangezien de niet-relativistische

modellen goede resultaten genereerden lijkt het niet onlogisch om bepaalde aspecten uit die

modellen over te nemen in een relativistisch model. Dit recept werd aan de universiteit van

Bonn al met succes toegepast op de beschrijving van lichte mesonen [Ko00]. Door dezelfde on-

derzoeksgroep werd nu op gelijkaardige wijze een relativistisch model opgesteld om baryonen te

beschrijven. Het is dit model dat in de volgende secties uiteengezet zal worden.

8



2.2. Bethe-Salpeter amplitudes 9

2.2 Bethe-Salpeter amplitudes

2.2.1 Greense functie

Als men de propagator van één deeltje in een interagerend veeldeeltjessysteem beschouwt (zijn

zogenaamde Greense functie) dan blijken de polen van die Greense functie in de momentumruimte

beschouwd als een functie van p0, overeen te komen met het energiespectrum van dat deeltje

[FW71]. Op dezelfde wijze kan men de polen van de drie-quark propagator in verband brengen

met gebonden drie-quark toestanden, m.a.w. baryonen.

Ons startpunt vormt dus de drie-quarks propagator (of 6-punts Greense functie)1:

G(x1, x2, x3 ; x′1, x
′
2, x

′
3)a1a2a3;a′1a′2a′3

= −〈Θ|T
(
Ψa1(x1)Ψa2(x2)Ψa3(x3)Ψa′1(x

′
1)Ψa′2(x

′
2)Ψa′3(x

′
3)

)
|Θ〉 . (2.1)

Hierin stelt |Θ〉 het Heisenberg interagerende vacuüm voor. De Ψ stellen veldoperatoren in het

Heisenbergbeeld voor. Het zijn allen (toegevoegde) Dirac operatoren. De indices ai verwijzen

naar de spinor-index, smaak en kleur van het quark. Om de notatie niet al te zeer te verzwaren

worden deze meestal impliciet verondersteld in de formules. De T slaat op het tijdsgeordend

product van de operatoren in de uitdrukking.

Omdat de exacte grondtoestand |Θ〉 niet gekend is wordt de bruikbare vorm van de Greense

functie (voor een afleiding zie [VeQF]) gegeven door

G(x1, x2, x3 ; x′1, x
′
2, x

′
3) = − −1

〈0|T (
exp− i

∫
d4yHI(y)

) |0〉
∞∑

k=0

(−i)k

k!

∫
d4y1 · · ·

∫
d4yk

× 〈0|T
(
ΨI(x1)ΨI(x2)ΨI(x3)Ψ

I(x′1)Ψ
I(x′2)Ψ

I(x′3)HI(y1) · · ·HI(yk)
)
|0〉. (2.2)

Hierin stelt |0〉 het ongestoorde vacuüm voor en worden alle veldoperatoren (en dus ook de in-

teractiehamiltonianen) in het interactiebeeld beschouwd, zodat de veldoperatoren die van vrije

deeltjes worden.

Door het theorema van Wick toe te passen op 2.2, kan de Greense functie ontwikkeld worden

in een perturbatiereeks in de koppelingsconstante. De termen uit die reeks kunnen dan grafisch

voorgesteld worden door Feynmandiagrammen (zie figuur 2.1). De interactiehamiltoniaan HI(y)

heeft algemeen de vorm Ψ(y)A(y)Ψ(y). A(y) bevat hier dan de bijdrage van de interactiever-

tex en de ijkbosonen die de interactie overdragen. Bij niet-lineaire ijktheorieën (zoals QCD)

komt hier nog een term bij die de interactie tussen de ijkbosonen beschrijft. Aangezien het

ongestoorde vacuüm geen deeltjes (en dus ook geen ijkbosonen bevat), zal de term met slechts

één interactiehamiltoniaan geen bijdrage leveren tot de perturbariereeks. Hierin kunnen im-

mers de ijkbosonvelden slechts optreden in niet samenhangende diagrammen. Bij termen met

meerdere interactiehamiltonianen geven contracties van ijkbosonvelden aanleiding tot een prop-

agator tussen twee ruimtetijdpunten, die hier louter beschouwd wordt als een veralgemeende
1Vanaf hier wordt in deze thesis in natuurlijke eenheden gewerkt, dus ~ = c = 1.
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potentiaal tussen die punten (de stippellijntjes in de figuren).

. . .

G

Figuur 2.1: Ontwikkeling van de Greense functie in Feynmandiagrammen

Om nu de gebonden toestanden te onderzoeken moet men (in tegenstelling tot bijv. de be-

schrijving van quark-quark verstrooiing) een oneindig aantal diagrammen in rekening brengen.

Alleen op die manier zal de poolstructuur naar voren komen. Daarom zal (2.2) omgevormd

worden tot een inhomogene integraalvergelijking voor G, die in elke benadering nog steeds een

oneindig aantal Feynmandiagrammen genereert.

2.2.2 De integraalvergelijking

Configuratieruimte

Om de Greense functie systematisch te vereenvoudigen worden een aantal begrippen ingevoerd:

• De irreducibele twee-deeltjes interactie kernel K
(2)
a1a2 ; a′1a′2

(x1, x2 ; x′1, x
′
2)

• De irreducibele drie-deeltjes interactie kernel K
(3)
a1a2a3 ; a′1a′2a′3

(x1, x2, x3 ; x′1, x
′
2, x

′
3)

• De exacte quarkpropagator Si
F aia′i

(xi, x
′
i) = 〈Θ|T

(
Ψi

ai
(xi)Ψ

i
a′i

(x′i)
)
|Θ〉

Een twee-, respectievelijk drie-deeltjesinteractie wordt irreducibel genoemd als het diagram niet

in twee afzonderlijke diagrammen kan gesplitst worden door twee, respectievelijk drie fermionlij-

nen door te knippen. De exacte quarkpropagator bestaat uit de naakte propagator plus al zijn

zelfenergiediagrammen. Deze zaken zijn het gemakkelijkst grafisch voor te stellen (zie figuur 2.2).

Dankzij deze vereenvoudigingen kan men de Greense functie nu diagrammatisch in een veel

compactere vorm schrijven, zoals in figuur 2.3 duidelijk wordt. Als we dit wiskundig uitschrijven

bekomen we een inhomogene integraalvergelijking. De dikke lijnen stellen exacte propagatoren

SF
i voor die als dusdanig in de integraalvergelijking voorkomen. Ook de pijlen die in en uit G
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−iK
(3) . . .

−iK
(2) . . .

S
i

F
. . .

Figuur 2.2: De irreducibele kernels en exacte quarkpropagator

komen stellen exacte propagatoren voor, maar deze komen niet expliciet in de integraalverge-

lijking voor. De som in de figuur gaat over de cyclische permutaties van de quarks, zodat de

twee-deeltjes kernel een keer op elk paar quarks inwerkt.

G

Σ
perm.

123( i j k )

G

G
(2)iK

i

j

k

(3)
iK

Figuur 2.3: De integraalvergelijking (2.6) in diagrammen uitgeschreven

Men kan nu de uitdrukking nog wat compacter schrijven. In de diagrammen met de twee-

deeltjes kernel, zien we dat het derde quark niet interageert en beschreven wordt door een

propagator van de Greense functie. Voegt men nu bij de twee-deeltjes kernel voor de toeschouwer

quark een inverse quarkpropagator, gedefinieerd door:

∑

b

∫
d4x′k Sk

F akb(xk, x
′
k)Sk−1

F ba′k
(x′k, x

′′
k) = δak,a′k

δ(4)(xk − x′′k) , (2.3)
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dan kan men deze nieuwe kernel bij de drie-deeltjes kernel voegen aangezien de inverse propagator

van het derde quark wegvalt met de propagator die er nog na komt. Wiskundig uitgeschreven

wordt dit

K =
∑

(ijk)=P (123)

K(2)(xi, xj ; x′i, x
′
j)⊗ Sk−1

F (xk, x
′
k) + K(3) = K

(2) + K(3) . (2.4)

In figuur 2.4 is dit grafisch voorgesteld. Het bolletje op de lijn van het derde quark staat voor

de inverse propagator.

iK
(3)

iK Σ j

k

i

perm.

123( i j k )

iK (2)

Figuur 2.4: Combinatie van de drie- en twee-deeltjes kernel tot een veralgemeende kernel

Definieert men tenslotte de vrije drie-quarkpropagator G0 als

G0 a1a2a3 ; a′1a′2a′3(x1, x2, x3 ; x′1, x
′
2, x

′
3) = S1

F a1a′1
(x1, x

′
1)⊗S2

F a2a′2
(x2, x

′
2)⊗S3

F a3a′3
(x3, x

′
3) , (2.5)

dan kan men de integraalvergelijking voor de Greense functie uiteindelijk schrijven als

G = G0 − iG0KG . (2.6)

Hierbij wordt impliciet verondersteld dat er

• gesommeerd wordt over gemeenschappelijke indices ai

• geïntegreerd wordt over gemeenschappelijke coördinaten.

Momentumruimte

Aangezien G invariant is onder ruimte-tijds translaties [LK01] lijkt het vanzelfsprekend om over

te gaan op nieuwe coördinaten.

X :=
1
3
(x1 + x2 + x3)

ξ := x1 − x2 (2.7)

η :=
1
2
(x1 + x2 − 2x3)

Hierbij is X een veralgemeende middelpuntscoördinaat. ξ en η worden de Jacobi-coördinaten

genoemd. G zal nu wegens de translatie-invariantie alleen expliciet afhangen van X −X ′, ξ, η, ξ′

en η′. Hetzelfde geldt duidelijk ook voor G0, en wegens (2.6) bijgevolg ook voor de kernels. Als
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men de integraalvergelijking nu omvormt naar de momentumruimte, zal de translatie-invariantie

zich vertalen in het behoud van totaal momentum. Dit betekent dat er een viervoudige integraal

triviaal zal verdwijnen en er slechts een acht-dimensionale integraalvergelijking overblijft.

Definieert men de toegevoegde momenten aan de nieuwe coördinaten

P := p1 + p2 + p3

pξ :=
1
2
(p1 − p2) (2.8)

pη :=
1
3
(p1 + p2 − 2p3) ,

en voert men dan de fouriertransformatie van G uit:

F(G) =
∫

d4X d4ξ d4η ei(PX+pξξ+pηη)

∫
d4X ′ d4ξ′ d4η′ e−i(P ′X′+p′

ξ′ξ
′+p′

η′η
′)

×G(X ′ −X, ξ, η, ξ′, η′) = GP (pξ, pη ; p′ξ, p
′
η)(2π)4δ(4)(P − P ′) . (2.9)

We zien dus duidelijk het behoud van totaal moment te voorschijn komen in deze uitdrukking.

De afhankelijkheid van GP van P is nu slechts parametrisch. Voor G0 en de kernels worden ge-

lijkaardige resultaten bekomen [LK01]. Uiteindelijk kan (2.6) in de momentumruimte geschreven

worden als

GP = G0 P − iG0 P KP GP . (2.10)

Men bekomt dus dezelfde vorm. De impliciete integraties gaan nu wel slechts over de gemeen-

schappelijke interne momenten pξ, pη in de uitdrukking zodat een acht-dimensionale integraal-

vergelijking bekomen wordt.

2.2.3 De Bethe-Salpeter vergelijking

Om nu de poolstructuur van de Greense functie zichtbaar te maken, wordt een complete set

van toestanden P̄ in de Greense functie (2.1) ingevoegd. Dit zijn on-shell eigentoestanden van

de totale moment operator P met massa M (en dus energie ωP̄ =
√
P2 + M2). We zijn ook

enkel geïnteresseerd in gebonden toestanden van drie quarks. Het geheel moet voorwaarts in de

tijd propageren. Enkel bijdragen met de tijdsordening min{x0
1, x

0
2, x

0
3} > max{x′01 , x

′0
2 , x

′0
3 } zijn

bijgevolg van belang. Als men nu de Bethe-Salpeter amplitudes definieert als

χP̄ (x1, x2, x3) := 〈Θ|T (
Ψ1(x1)Ψ2(x2)Ψ3(x3)

) |P̄ 〉 , (2.11)

χP̄ (x′1, x
′
2, x

′
3) := 〈P̄ |T

(
Ψ1(x′1)Ψ

2(x′2)Ψ
3(x′3)

)
|Θ〉 , (2.12)

dan kan GP geschreven worden als [LK01]

GP (pξ, pη ; p′ξ, p
′
η) =

−i

2ωP̄

χP̄ (pξ, pη)χP̄ (p′ξ, p
′
η)

P 0 − ωP̄ + iε
+ termen regulier in P 0 . (2.13)
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We zien dus inderdaad een pool in de Greense functie optreden bij P0 → ωP̄ . In de buurt

van die pool wordt de Greense functie ook scheidbaar. De teller factoriseert in een Bethe-

Salpeter amplitude en een toegevoegde amplitude. De één (2.12) bevat de eigenschappen van

de inkomende quarks, de ander (2.11) die van de uitgaande. Rest ons nog een vergelijking op te

stellen waaraan de Bethe-Salpeter amplitudes voldoen.

We schrijven hiervoor (2.10) in een iets andere gedaante:

[G−1
0 P + iKP ]GP = δaia′i(2π)4δ(4)(pξ − p′ξ)(2π)4δ(4)(pη − p′η) . (2.14)

Men ontwikkelt nu de eerste factor in (2.14), die vanaf nu HP genoemd wordt, in een Taylor-

reeks van P 0 rond ωP̄ , en analoog GP in een Laurentreeks. Als men vervolgens de termen met

gelijke macht in (P0−ωP̄ ) in (2.14) samenneemt dan bekomt men voor de macht -1 de volgende

vergelijking:

HP̄ [χP̄ χP̄ ] = 0 (2.15)

Maakt men gebruik van het feit dat de impliciete integraties enkel tussen HP̄ en χP̄ werken, dan

kan men (2.15) schrijven als

HP̄ χP̄ = 0 . (2.16)

Vergelijking (2.10) valt ook te schrijven als GP = G0 P − iGP KP G0 P . Passen we hetzelfde

procédé toe als bij (2.14), dan bekomen we analoog een vergelijking voor de toegevoegde Bethe-

Salpeter amplitude:

χP̄ HP̄ = 0 . (2.17)

We kunnen nu (2.16) en (2.17) in een iets duidelijker gedaante brengen door HP̄ weer te vervangen

door zijn expliciete gedaante. Dit geeft dan de gezochte Bethe-Salpeter vergelijkingen, homogene

acht-dimensionale integraalvergelijkingen.

χP̄ = −iG0P̄ KP̄ χP̄ , (2.18)

χP̄ = −i χP̄ KP̄ G0P̄ . (2.19)

In figuur 2.5 is de eerste vergelijking nog eens diagrammatisch voorgesteld.

χ−iKχ

Figuur 2.5: De Bethe-Salpeter vergelijking diagrammatisch uitgeschreven

Uit de termen van 2.14 met macht 0 in (P0 − ωP̄ ) volgt de normalisatievoorwaarde voor de

amplitudes. Deze conditie zorgt ervoor dat er een discreet spectrum van gebonden toestanden
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overblijft die aan de vergelijkingen voldoen.

−i χP̄

[
∂HP

∂P 0

]

P 0=ωP̄

χP̄ = 2ωP (2.20)

2.3 Vereenvoudiging tot de Salpetervergelijking

2.3.1 Benaderingen

Een exacte oplossing van de Bethe-Salpetervergelijkingen is onmogelijk aangezien er geen gesloten

uitdrukking bestaat voor de kernels en de exacte quarkpropagator. Ook de integraties over

de relatieve energieën die optreden zijn erg complex. Daarom zal geprobeerd worden om de

vergelijking verder te reduceren, nl. door de relatieve energie afhankelijkheid te elimineren en zo

een zes-dimensionale integraalvergelijking te bekomen.

Daartoe worden volgende benaderingen doorgevoerd

• De exacte éénquarkspropagator, die voorkomt in G0 (2.5) wordt benaderd door een naakte

propagator die een constituentenquark beschrijft met effectieve massa m. De effectieve

massa’s voor de verschillende smaken van quarks zijn parameters binnen het model.

SF (p) ≈ i

pµγµ −m + iε
(2.21)

• De irreducibele twee- en drie-deeltjes kernels worden in het ruststelsel van het baryon

instantaan verondersteld, zodanig dat in het ruststelsel de relatieve energie-afhankelijkheid

in de kernels zelf wegvalt.

K(3)(M, pξ, pη ; p′ξ, p
′
η) = V (3)(~pξ, ~pη ; ~pξ

′, ~pη
′) , (2.22)

K(2)(M, pξ, p
′
ξ) = V (2)(~pξ, ~pξ

′) . (2.23)

Deze benadering is echter niet expliciet Lorentzcovariant. Daarom zullen we de boven-

staande uitdrukking op een iets andere manier moeten noteren. We splitsen de viervector

p op als

pµ = p‖
Pµ

√
P 2

+ pµ
⊥ , (2.24)

met

p‖ =
p.P√
P 2

(2.25)

pµ
⊥ = pµ − p.P

P 2
Pµ . (2.26)

Als we nu in (2.22) en (2.23) ~p vervangen door p⊥ dan bekomen we een uitdrukking die in

elk stelsel bruikbaar is en in het ruststelsel equivalent is met (2.22) en (2.23)
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2.3.2 Vereenvoudiging zonder twee-deeltjes kernels

Als men de twee-deeltjes kernels voorlopig achterwege laat, dan kan (2.18) in het ruststelsel

geschreven worden als

χM = −iG0 MV (3)χM . (2.27)

Aangezien V (3) instantaan is, zal de integratie over de gemeenschappelijke relatieve energieën

tussen de twee laatste factoren enkel inwerken op de Bethe-Salpeter amplitude. Dit maakt het

mogelijk om de Salpeteramplitude te definiëren als

ΦM (~pξ, ~pη) :=
∫ dp0

ξ

2π

dp0
η

2π
χM (pξ, pη) , (2.28)

en dan (2.27) te herschrijven als

χM = −iG0 MV (3)ΦM . (2.29)

De volledige relatieve energie-afhankelijkheid van de Bethe-Salpeter amplitude zit nu vervat in de

eerste factor G0 M . Als men beide leden van (2.29) integreert over p0
ξ en p0

η, wordt een vergelijking

voor de Salpeteramplitude bekomen:

ΦM = −i 〈G0 M 〉V (3)ΦM , (2.30)

wat dus een zes-dimensionale integraalvergelijking is. Er wordt nu geïntegreerd over de gemeen-

schappelijke relatieve 3-vector componenten tussen twee factoren. De notatie 〈A〉 die hier in-

gevoerd werd staat voor

〈A〉(~pξ, ~pη, ~pξ
′, ~pη

′) =
∫ dp0

ξ

2π

dp0
η

2π

∫ dp
′0
ξ

2π

dp
′0
η

2π
A(pξ, pη ; p′ξ, p

′
η) . (2.31)

We beschikken met (2.30) over een vergelijking om de Salpeteramplitude te berekenen en met

(2.29) kan men uit de Salpeteramplitude de Bethe-Salpeter amplitude reconstrueren.

Analoog kan voor de toegevoegde amplitude ook een Salpetervergelijking opgesteld worden.

ΦM = −iΦMV (3)〈G0 M 〉 (2.32)

Dankzij de eenvoudige vorm van de quarkpropagator (2.21) kan in (2.30) 〈G0 M 〉 rechtstreeks

berekend worden. Dit geeft dan aanleiding tot de volgende vergelijking voor de Salpeteramplitude

[LK01]:

ΦM (~pξ, ~pη) = i

[
Λ+

1 (~p1)⊗ Λ+
2 (~p2)⊗ Λ+

3 (~p3)
M − ω1(~p1)− ω2(~p2)− ω3(~p3) + iε

+
Λ−1 (~p1)⊗ Λ−2 (~p2)⊗ Λ−3 (~p3)

M + ω1(~p1) + ω2(~p2) + ω3(~p3)− iε

]

× γ0 ⊗ γ0 ⊗ γ0

∫ d3 ~p′ξ
(2π)3

d3 ~p′η
(2π)3

V (3)(~pξ, ~pη ; ~p′ξ, ~p′η)ΦM (~p′ξ, ~p′η) . (2.33)
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Hierin zijn Λ±i de projectie-operatoren op de positieve-, respectievelijk negatieve-energie oplossin-

gen van de Diracvergelijking:

Λ±i (~pi) =
ωi(~pi)±Hi(~pi)

2ωi(~pi)
, (2.34)

met Hi de ééndeeltjes Dirac-Hamiltoniaan.

Hi(~pi) = γ0(~γ.~pi + mi) (2.35)

Uit (2.33) blijkt dat de Salpeteramplitude een speciale vorm heeft. Ze is namelijk een eigentoe-

stand van de Salpeter projectie operator

Λ(~pξ, ~pη) = Λ+++(~pξ, ~pη) + Λ−−−(~pξ, ~pη) (2.36)

= Λ+
1 (~p1)⊗ Λ+

2 (~p2)⊗ Λ+
3 (~p3) + Λ−1 (~p1)⊗ Λ−2 (~p2)⊗ Λ−3 (~p3)) . (2.37)

Dit betekent dat de Salpeteramplitude splitst in een deel met alleen positieve-energie compo-

nenten en een deel met zuiver negatieve-energie componenten. De Salpetervergelijking zonder

twee-deeltjes kernel bevat dus alleen diagrammen waarbij alle quarks ofwel vooruit ofwel achteruit

in de tijd propageren.

ΦM = ΛΦM = Φ+++
M + Φ−−−M (2.38)

Ook levert hier alleen het uitgeprojecteerde deel van V (3) op deze subruimte een bijdrage tot de

Salpetervergelijking:

V
(3)
Λ (~pξ, ~pη ; ~pξ

′, ~pη
′) = Λ(~pξ, ~pη)V (3)(~pξ, ~pη ; ~pξ

′, ~pη
′)Λ(~pξ

′, ~pη
′) , (2.39)

waarbij

Λ(~pξ, ~pη) = γ0 ⊗ γ0 ⊗ γ0Λ(~pξ, ~pη)γ0 ⊗ γ0 ⊗ γ0 . (2.40)

2.3.3 Vereenvoudiging met twee-deeltjes kernel

Wil men nu ook de twee-deeltjes kernel in rekening brengen, dan zullen er in vergelijking met de

vorige sectie complicaties optreden. De kernel K
(2)
M bevat naast het instantane V (2) deel immers

ook nog de inverse éénquarkspropagator, die niet instantaan is en dus vertragingseffecten zal

veroorzaken. Toch kan in principe ook in dit geval overgegaan worden naar een zes-dimensionale

Salpetervergelijking door de instantane drie-deeltjes kernel af te zonderen [LK01]. Dit levert dan

(opnieuw in het rustframe)

ΦM = −i〈G(2)
M 〉V (3) ΦM , (2.41)

waarbij 〈G(2)
M 〉 voldoet aan

〈G(2)
M 〉 = 〈G0 M 〉 − i〈G0 M K

(2)
M G(2)

M 〉 . (2.42)

Alle vertragingseffecten zitten nu vervat in 〈G(2)
M 〉. Deze grootheid is echter niet zo eenvoudig in

een analytische vorm te brengen als 〈G0 M 〉 uit de vorige sectie. Men kan (2.42) wel in eerste orde
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benaderen en expliciet berekenen [LK01]. Daaruit blijkt dat de Salpeteramplitude nu niet meer

de projectiestructuur uit 2.3.2 vertoont. Er treden ook termen op die behoren tot gemengde

projectieruimtes, waar sommige quarks vooruit en andere achteruit in de tijd bewegen. Het

residuele deel V
(3)
R = V (3)−V

(3)
Λ van V (3) levert nu wel een bijdrage tot de Salpeteramplitude, in

tegenstelling tot het vorige geval. De specifieke structuur van (2.33) zorgt ervoor dat er een soort

van hamiltoniaanse vergelijking kan opgesteld worden voor de Salpeteramplitudes [LK01], wat

hier dus niet meer mogelijk is. Dit en andere problemen zoals hoe 〈G(2)
M 〉 systematisch benaderd

zou moeten worden, wijzen erop dat een andere aanpak aangewezen is.

Aangezien de Salpeteramplitude geen eigentoestand meer is van de Salpeter projector (2.36), zal

de vergelijking moeten slaan op het geprojecteerde deel van de amplitudes ΦΛ
M = ΛΦM (wegens

de projectiestructuur van 〈G0 M 〉).

ΦΛ
M = −i 〈G0 M 〉

[
V (3) + V eff

M

]
ΦΛ

M , (2.43)

waarbij V eff
M een quasipotentiaal is die de effecten van de twee-deeltjes kernel incorporeert.

Daartoe gaat men op een gelijkaardige manier te werk als bij de afleiding van (2.41), maar naast

de kernel K
(2)
M wordt nu in de Greense functie GM ook V

(3)
R geabsorbeerd, aangezien V

(3)
R niet

van belang is zonder aanwezigheid van twee-deeltjes interacties. Dit levert

χM = −iGMV
(3)
Λ χM , (2.44)

met

GM = G0 M − iG0 M

[
V

(3)
R + K

(2)
M

]
GM . (2.45)

De overblijvende kernel is instantaan zodat de vergelijking weer gereduceerd kan worden. Maakt

men ook gebruik van (2.39) voor de structuur van V
(3)
Λ dan blijkt dat uit ΦΛ

M de Bethe-Salpeter

amplitude gereconstrueerd kan worden.

χM = −i GM ΛV (3)ΦΛ
M (2.46)

Integreert men (2.46) nu over p0
ξ en p0

η en laat men op beide leden de Salpeter projectie operator

inwerken, dan bekomt men:

ΦΛ
M = −i Λ〈GM 〉ΛV (3)ΦΛ

M = −i 〈GM 〉ΛV (3)ΦΛ
M . (2.47)

Om nu de laatste stap te zetten wordt 〈GM 〉Λ geschreven als

〈GM 〉Λ = 〈G0 M 〉 − i〈G0 M 〉V eff
M 〈GM 〉Λ , (2.48)

wat mogelijk is aangezien deze tot dezelfde subruimte van de Salpeter projectie operator behoort

als 〈G0 M 〉. Substitutie van (2.48) levert dan inderdaad de gezochte vergelijking (2.43) op.

Deze vergelijking kan nu weer in een eigenwaarde-vergelijking voor de Salpeteramplitudes en de

massa’s gegoten worden

HMΦΛ
M = MΦΛ

M , (2.49)
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waarbij de hamiltoniaan via V eff
M afhankelijk is van de massa M . Als laatste probleem blijft nu

nog de bepaling van V eff
M over. Er kan aangetoond worden dat V eff

M ontwikkeld kan worden in een

oneindige machtreeks in een volledig covariante formulering [LK01]. In de praktijk wordt alleen

de eerste orde term in rekening gebracht, die onafhankelijk is van de massa M . Het linkerlid van

(2.35) wordt dan expliciet

[HMΦΛ
M ](~pξ, ~pη) = H0(~pξ, ~pη)ΦΛ

M (~pξ, ~pη)

+ [Λ+
1 (~p1)⊗ Λ+

2 (~p2)⊗ Λ+
3 (~p3) + Λ−1 (~p1)⊗ Λ−2 (~p2)⊗ Λ−3 (~p3)]

× γ0 ⊗ γ0 ⊗ γ0

∫ d3 ~p′ξ
(2π)3

d3 ~p′η
(2π)3

V (3)(~pξ, ~pη ; ~p′ξ, ~p′η)Φ
Λ
M (~p′ξ, ~p′η)

+ [Λ+
1 (~p1)⊗ Λ+

2 (~p2)⊗ Λ+
3 (~p3)− Λ−1 (~p1)⊗ Λ−2 (~p2)⊗ Λ−3 (~p3))]

× γ0 ⊗ γ0 ⊗ 1I
∫ d3 ~p′ξ

(2π)3
V (2)(~pξ, ~p′ξ)⊗ 1IΦΛ

M (~p′ξ, ~pη)

+ cycl. perm. = MΦΛ
M , (2.50)

met

H0(~pξ, ~pη) = H1(~p1)⊗ 1I⊗ 1I + 1I⊗H2(~p2)⊗ 1I + 1I⊗ 1I⊗H3(~p3) , (2.51)

de vrije drie-deeltjes Dirac Hamiltoniaan.

De normalisatievergelijking (2.20) wordt in deze benadering herleid tot

〈ΦΛ
M |ΦΛ

M 〉 =
∫

d3 ~pξ

(2π)3
d3 ~pη

(2π)3
∑

a1a2a3

ΦΛ∗
M a1a2a3

(~pξ, ~pη)ΦΛ
M a1a2a3

(~pξ, ~pη) = 2M . (2.52)

De vergelijkingen (2.50) en (2.52) zullen gebruikt worden om het massaspectrum en de Salpeter-

amplitudes te berekenen.

2.4 Structuur van de Salpeteramplitudes

Vergelijking (2.35) heeft zowel positieve als negatieve eigenwaarden aangezien HM niet positief

definiet is. Dit op het eerste gezicht vreemde resultaat kan verklaard worden aan de hand van

CPT -invariantie. Hierin staat C voor de ladingsconjugatieoperator, P voor de pariteitsoperator

en T voor de tijdsomkeringsoperator. Aangezien QCD invariant is onder CPT , moet ook de

salpetervergelijking deze invariantie bezitten.

Opleggen van deze eis leert dat de CPT -getransformeerde van een Salpeteramplitude met negatieve

massa −M en pariteit π ook een oplossing van de Salpetervergelijking (2.35) moet zijn, maar dan

met positieve massa +M en tegengestelde pariteit −π [LK01]. Dit betekent dat we de negatieve

massa oplossingen kunnen interpreteren als antibaryon toestanden met omgekeerde pariteit. Dit

laatste betekent ook dat de oplossingen met negatieve en positieve pariteit niet onafhankelijk

zijn van elkaar maar met elkaar verbonden zijn door de CPT -transformatie. Het oplossen van
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de Salpeter-eigenwaardevergelijking voor een vaste J , levert dus tegelijkertijd de Jπ=+ en Jπ=−

toestanden op. Dit alles wordt in figuur 2.6 aanschouwelijk voorgesteld.

π=+ π=−

M>0

CPT0

M

M<0

Figuur 2.6: De CPT -symmetrie van de Salpetervergelijking resulteert in het gelijktijdig bepalen van
toestanden met positieve en negatieve pariteit.

Als we nog eens naar het gedrag van de positieve en negatieve energieterm van de Salpe-

teramplitude onder de CPT -transformatie kijken, dan zien we dat deze onder elkaar verwisseld

worden. De negatieve energie subruimte is dus wel degelijk essentieel om een irreducibele repre-

sentatie te bekomen, enkel de som (Φ+++
M + Φ−−−M ) is CPT invariant.

2.4.1 Link met niet-relativistische golffuncties

Als we nu terugkeren naar de projectie-structuur van de (geprojecteerde) Salpeter-amplitudes

(2.38), dan zien we dat door de specifieke structuur van Λ (2.36) we van de 64 (43) oorspronke-

lijke onafhankelijke componenten er slechts 16 (2× 23) overhouden. Om deze reductie expliciet

te maken, bekijken we eerst de negatieve en positieve energie-oplossingen van de vrije Dirac

vergelijking met massa m (vier-component spinoren), aangezien deze eigentoestanden zijn van

de operatoren Λ±m.

Λ+
m(~p)ψ+

m(p+) = ψ+
m(p+) met p+ = (+ωm(~p), ~p) (2.53)

Λ−m(~p)ψ−m(p−) = ψ−m(p−) met p− = (−ωm(~p), ~p) (2.54)

(2.55)
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Deze vier-component Dirac spinoren kunnen teruggebracht worden naar twee-component Pauli

spinoren via de embeddingsoperatoren T±m .

ψ+
m(p+) = T+

m(~p)ϕ+
m(p+) met T+

m(~p) =
1

2
√

ωm(~p)

(√
σ(Pp)√
σ(p)

)
(2.56)

ψ−m(p−) = T−m(~p)ϕ−m(p−) met T−m(~p) =
1

2
√

ωm(~p)

(
−

√
σ(p)√

σ(Pp)

)
(2.57)

Hierin staan ϕ±m voor de Pauli spinoren, P voor de pariteits transformatie (Pp = (ωm(~p),−~p)) en

σ(p) = σµpµ waarin σ0 = 1I en σi de Pauli matrices voorstellen. Deze relatie tussen de Pauli en

Dirac spinoren is omkeerbaar, zodat de correspondentie uniek is. Men kan nu hetzelfde procédé

toepassen op de Salpeteramplitudes ΦΛ
M . Maar eerst voeren we nog een notatiewijziging in. De

embeddingsoperatoren (naast Λ±i (2.38) en de ééndeeltjes hamiltoniaan Hi (2.35)) hebben nog

geen expliciet smaakdeel. Het smaakaspect zit wel vervat in de constituentenquarkmassa’s die

in elk van deze operatoren voorkomen. We schrijven nu

T±(~p) =
∑

f T±mf
(~p)⊗PFf , (2.58)

en analoog voor de andere operatoren. PFf is een projectieoperator die voor elke smaak de juiste

embeddingsoperator selecteert. Op die manier hebben de operatoren T± dezelfde uitdrukking

voor alle smaken voor de constituentenquarks. Dit vergemakkelijkt de symmetriebeschouwingen

voor permutaties van de constituentenquarks aanzienlijk.

Aangezien nu

ΦΛ
M (~pξ, ~pη) = Φ+++

M (~pξ, ~pη) + Φ−−−M (~pξ, ~pη) (2.59)

geldt, met

Φ±±±M (~pξ, ~pη) = Λ±±±(~pξ, ~pη)ΦM (~pξ, ~pη) , (2.60)

kan men op dezelfde manier als voorheen schrijven

ΦΛ
M (~pξ, ~pη) = T+++(~pξ, ~pη)ϕ+

M (~pξ, ~pη) + T−−−(~pξ, ~pη)ϕ−M (~pξ, ~pη) , (2.61)

waarbij

T±±±(~pξ, ~pη) = T±(~p1)⊗ T±(~p2)⊗ T±(~p3) . (2.62)

Zo hebben we dus de 64 oorspronkelijke componenten teruggebracht naar de 2× 8 componenten

van ϕ±M , die elk een tensorprodukt van drie Pauli spinoren voorstellen.

We moeten nu nog bekijken hoe de eigenschappen van de Salpeteramplitude ΦΛ
M overgedragen

worden op de Pauli amplitudes. De Salpeteramplitude (en dus de corresponderende baryon

toestand) wordt gekenmerkt door kwantumgetallen die behouden blijven in de sterke wissel-

werking: totaal impulsmoment J met z-component MJ , pariteit π, isospin I met z-component

MI en vreemdheid S. De Salpeteramplitude moet ook volledig antisymmetrisch zijn onder ver-

wisseling van twee quarks. Uit de eigenschappen van de embeddingsoperatoren [LK01] blijkt
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dan dat beide Pauli amplitudes gelijke kwantumgetallen J,MJ , I, MI en S bezitten, en dat de

positieve (negatieve) Pauli spinor gelijke (tegengestelde) pariteit bezit als de corresponderende

Salpeteramplitude:

ΦΛ
M JπMJ IIz S (~pξ, ~pη) = T+++(~pξ, ~pη) ϕ+

M JπMJ IIz S + T−−−(~pξ, ~pη) ϕ−
M J−πMJ IIz S

. (2.63)

De Pauli amplitudes kunnen nu opgebouwd worden zoals in het niet-relativistisch geval. Ze

worden dan gegeven door

ϕM JπMJ IIz S∗ (~pξ, ~pη) =
∑

RL,RS,RF

[{(
[ψπ

L(~pξ, ~pη)]RL
⊗ [χS ]RS

)J

MJ

⊗
[
φI S∗

Iz

]
RF

}

S
⊗ CA

]

A
. (2.64)

Hierin staanRL,RS ,RF voor de permutatiesymmetrie van respectievelijk het ruimtelijk deel, het

spindeel en het smaakdeel van de golffunctie. Die symmetrie kan symmetrisch, antisymmetrisch

of gemengd-antisymmetrisch zijn. Het totale ruimte-spin-smaak deel moet steeds symmetrisch

zijn onder permutaties zodat het samen met de totaal antisymmetrische kleursingletgolffunctie

CA een volledig antisymmetrische golffunctie oplevert. S∗ stelt nu de vreemdheid voor om ver-

warring met de totale spin S te voorkomen. Voor een uitvoerigere bespreking van de opbouw

van deze functies zie bijvoorbeeld [Co03].

De structuur van de Salpeteramplitudes gelijkt dus goed op deze van de niet-relativistische golf-

functies. De eerste Pauli amplitude in (2.63) heeft identiek dezelfde kwantumgetallen, maar de

negatieve energie Pauli amplitude heeft een tegengestelde pariteit −π. Dus lijkt het hier alsof

we een groter aantal toestanden nodig hebben dan in de niet-relativistische benadering om het

spectrum te genereren. De verklaring ligt opnieuw in de CPT invariantie. Door die invariantie

werden voor vaste J,MJ , I, MI en S∗ zowel oplossingen met pariteit π en −π uit de Salpeterver-

gelijking bekomen. Laten we nu de CPT -transformatie inwerken op een Salpeteramplitude met

negatieve massa en pariteit π dan vindt men [LK01] volgende betrekking:

ΦΛ
M J−πMJ IIz S (~pξ, ~pη) = T+++(~pξ, ~pη) ϕ+

M J−πMJ IIz S
+ T−−−(~pξ, ~pη) ϕ−M JπMJ IIz S . (2.65)

Dezelfde twee Pauli amplitudes leveren dus ook nog een Salpeteramplitude met tegengestelde

pariteit op. We bekomen dus exact hetzelfde aantal toestanden in ons covariant model als in het

niet-relativistisch model, hetgeen een uitgesproken argument is voor het Bonn-model t.o.v. de

andere relativistische quarkmodellen voor hadronen.

2.5 Interactiekernels

2.5.1 Confinement: de drie-deeltjes interactie

We gaan nu wat dieper in op de precieze vorm van de grootheden V (2) en V (3) die in de Salpeter-

vergelijking (2.50) voorkomen. Aangezien quarkconfinement bij de beschrijving van hadroneigen-
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schappen het meest uitgesproken gegeven is, zal dit zich zeker in één van de kernels moeten

manifesteren. De structuur van de massaspectra van baryonen en mesonen wijst op een lineaire

smaakonafhankelijke confinementpotentiaal. Zo blijkt ondermeer dat, in een plot van M2 uitgezet

t.o.v. J (een zogenaamde Chew-Frautschi plot), baryonen met dezelfde interne kwantumgetallen

(vreemdheid, pariteit, enz.) op eenzelfde rechte liggen als men iedere keer J met 2 eenheden ver-

hoogt. Deze rechten, die men Regge trajectories noemt, wijzen op een lineaire potentiaal [FH74].

Dat de helling van deze rechten voor baryonen met verschillende vreemdheid quasi gelijk is, wi-

jst er bovendien op dat deze potentiaal smaakonafhankelijk is. Ook rooster-QCD berekeningen

wijzen op een confinementpotentiaal die lineair afhankelijk is van de interquarkafstand.

In het model van Bonn wordt de confinementpotentiaal beschreven door de drie-deeltjes interactie

V (3). Om de zaken niet al te ingewikkeld te maken, worden eventuele bijdragen van confinement

tot de twee-deeltjes kernel verwaarloosd. Deze zouden immers het aantal vrije parameters ver-

hogen. In het ruststelsel krijgen we dan

V (3)(x1, x2, x3 ; x′1, x
′
2, x

′
3) =

V
(3)
conf(~x1, ~x2, ~x3)δ(x0

1 − x0
2)δ(x

0
2 − x0

3)δ
(4)(x1 − x′1)δ

(4)(x2 − x′2)δ
(4)(x3 − x′3) . (2.66)

We zien dat deze potentiaal naast instantaan (zoals vereist in (2.22)) ook lokaal is. Hierbij wordt

verondersteld dat V
(3)
conf lineair toeneemt als functie van een collectieve baryonstraal r3q. Deze

straal kan op verschillende manieren gedefinieerd worden . Een aantal voorbeelden zijn te zien

op onderstaande figuur.

Figuur 2.7: Verschillende mogelijke configuraties om confinement te parametriseren voor een drie-quark
systeem. r3q wordt respectievelijk gedefinieerd als rY = min~x0

∑3
i=1 |~xi − ~x0|, r∆ =

∑
i<j |~xi − ~xj | en

rH =
√

ρ2 + λ2 [Lö01].

Berekeningen tonen aan dat de spectra niet sterk veranderen door een andere configuratie te

kiezen [Lö01]. De radiale parameter b3q (zie verder (2.73)) kan steeds herschaald worden zodat

quasi gelijke spectra bekomen worden. Aangezien de ∆-configuratie numeriek het gemakkelijkst

te implementeren valt én bovendien door recente rooster-QCD studies als meest geschikte vorm

aangewezen wordt, wordt in het model van Bonn voor deze configuratie gekozen.

Naast een ruimtelijke afhankelijkheid zit in V
(3)
conf bij een relativistische beschrijving ook een
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Diracstructuur vervat. Deze structuur kan, in tegenstelling tot het ruimtelijk deel, niet vanuit

QCD principes afgeleid worden, en moet volledig fenomenologisch opgesteld worden. Beperkin-

gen zijn er evenwel door de symmetrie en andere argumenten. Zo moet de Salpetervergelijking

Lorentzcovariant zijn, en invariant onder P-, T - en CPT -transformaties aangezien de sterke wis-

selwerking eveneens P-, T - en CPT -invariant is. Ook het feit dat ΦΛ
M en ΦΛ

M niet onafhankelijk

zijn van elkaar legt een extra voorwaarde op aan V (3) [LK01]. Voorbeelden van Diracstructuren

die aan deze voorwaarden voldoen zijn

scalair 1I⊗ 1I⊗ 1I , (2.67)

pseudoscalair γ5 ⊗ γ5 ⊗ 1I + cycl.perm. , (2.68)

vector γµ ⊗ γµ ⊗ 1I + cycl.perm. , (2.69)

axiale vector γ5γµ ⊗ γ5γµ ⊗ 1I + cycl.perm. . (2.70)

Vergelijking (2.69) kan in het ruststelsel in een tijds- en ruimtedeel gesplitst worden zonder dat

de covariantie gebroken wordt:

tijdscomponent γ0 ⊗ γ0 ⊗ 1I + cycl.perm. (2.71)

ruimtecomponent
∑

i

γi ⊗ γi ⊗ 1I + cycl.perm. . (2.72)

Via de substitutie γ0 ⊗ γ0 → γ‖ ⊗ γ‖ (2.25) en
∑

i γ
i ⊗ γi → −γ⊥µ ⊗ γµ

⊥ (2.26) kunnen deze

uitdrukkingen immers in een covariante vorm gebracht worden.

Aangezien de Diracstructuur op fenomenologische gronden gekozen wordt, moet deze aan vol-

gende eisen voldoen:

• De Regge trajectories moeten gegenereerd worden.

• Er mogen geen sterke spin-baan krachten optreden aangezien er haast geen spin-baan ef-

fecten in de baryonspectra te bemerken zijn.

• De Diracstructuur moet stabiele oplossingen van de Salpetervergelijking genereren.

Deze criteria zorgen ervoor dat er al meteen een aantal structuren (zoals (2.67)) buiten beschouwing

kunnen gelaten worden.

De algemene vorm van V
(3)
conf wordt gegeven door

V
(3)
conf(~x1, ~x2, ~x3) := a3qWoff + b3q r3q(~x1, ~x2, ~x3)Wstr , (2.73)

waarbij a3q en b3q twee parameters zijn die gefit moeten worden aan de experimentele resultaten.

Er worden nu twee modellen vooropgesteld, waarbij r3q zoals eerder vermeld, gegeven wordt door

de ∆-configuratie, en de Dirac structuren een combinatie zijn van scalaire en tijdscomponent
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structuren.

V
(3)
conf,A(x1, x2, x3) = 3a

1
4
[1I⊗ 1I⊗ 1I + γ0 ⊗ γ0 ⊗ 1I + cycl. perm.]

+ b
∑

i<j |~xi − ~xj |12[−1I⊗ 1I⊗ 1I + γ0 ⊗ γ0 ⊗ 1I + cycl. perm.] , (2.74)

V
(3)
conf,B(x1, x2, x3) = (3a + b

∑
i<j |~xi − ~xj |)

1
4
[1I⊗ 1I⊗ 1I + γ0 ⊗ γ0 ⊗ 1I + cycl.perm.] (2.75)

Beide modellen verschillen alleen in de vorm van Wstr. Dat er wel degelijk enige achterliggende

motivaties in de keuze van deze structuren zit, blijkt uit het feit dat we Wstr,B = Woff,B =

Woff,A := Wproj kunnen herschrijven als

Wproj =
1I + γ0

2
⊗ 1I + γ0

2
⊗ 1I + γ0

2
+

1I− γ0

2
⊗ 1I− γ0

2
⊗ 1I− γ0

2
. (2.76)

Dit is niets anders dan de niet-relativistische limiet van de Salpeter projectie operator Λ [Lö01].

Alleen het deel van de Salpeteramplitude dat overleeft in de niet-relativistische limiet speelt hier

dus een rol. Bekijken we nu Wstr,A:

Wstr,A = Wproj −W⊥
proj , (2.77)

waarbij

W⊥
proj = 1I−Wproj , (2.78)

dan zien we dat er een extra term optreedt in vergelijking met (2.76). Aangezien deze operator

het complement is van Wproj, projecteert hij het zuiver relativistische deel van de Salpeteram-

plitude uit. In de niet-relativistische limiet zijn beide modellen dus identiek, de verschillen zijn

te wijten aan relativistische bijdragen.

2.5.2 De twee-deeltjes interactie van ’t Hooft

De confinement potentiaal alleen kan nooit voldoende zijn om het volledige baryon massaspec-

trum te verklaren. Zo wijst de opsplitsing in massa tussen overeenkomstige toestanden in het

baryon decuplet en octet (vb. Σ en Σ∗) op een korte-dracht spinafhankelijke residuele interactie.

Een eerste mogelijkheid om deze residuele interactie te modelleren is de one-gluon-exchange

(OGE) potentiaal die vanuit perturbatieve QCD bekomen wordt. Deze potentiaal werd al zowel

in niet-relativistische als relativistische modellen gebruikt maar verschillende zaken pleiten in

zijn nadeel. Zo zorgt de OGE voor spin-baan krachten in het model. Deze kunnen op geen

enkele bevredigende manier gecompenseerd of verwaarloosd worden. Ook is de koppelingscon-

stante αs van de sterke wisselwerking in het energiedomein waarin we de baryonen beschouwen

van de grootteorde 1. Hierdoor leveren hogere-orde gluondiagrammen mogelijks een even grote

bijdrage, zodat een perturbatieve benadering niet echt te verantwoorden is. Gebruiken we de
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OGE in het model van Bonn, dan worden er ook geen bevredigende spectra bekomen [Lö01]. De

OGE kan dus op fenomenologische gronden verworpen worden.

Een andere keuze voor de residuele potentiaal is de ’t Hooft interactie. Deze steunt op het

bestaan van zogenaamde instantonen. Dit zijn oplossingen van de klassieke QCD Yang-Mills

vergelijkingen met topologische lading QT = 1 of -1. Alle gluonconfiguraties beschreven door

perturbatieve diagrammen, hebben QT = 0, wat betekent dat de instantonen niet-perturbatieve

oplossingen zijn. Fysisch gezien bestaat het QCD vacuüm uit aftelbaar-oneindig topologisch-

inequivalente vacua. Oplossingen met QT verschillend van nul (en dus instantonen in het bij-

zonder) beschrijven dan tunnelingsprocessen tussen twee disjuncte vacua. Deze disjuncte vacua

worden in de aanwezigheid van lichte quarks gekenmerkt door de axiale lading Q5, deze is +1

voor een rechtshandig deeltje en −1 voor een linkshandig. ’t Hooft kon aantonen dat de tunnel-

ingsamplitude geassocieerd met de instantonen alleen verschillend van nul is in de aanwezigheid

van externe fermionbronnen. In de praktijk verandert bij een tunnelingsproces de axiale lading

met ∆Q5 = 2NfQT , met Nf het aantal lichte quarksmaken. Er kunnen ook slechts quarks

met verschillende smaak deelnemen aan de instantoninteractie. Instantonen (QT = 1) en anti-

instantonen (QT = −1) zorgen dus voor een effectieve 2Nf -punts interactie voor lichte quarks

wat voorgesteld is op de onderstaande figuur 2.8. ’t Hooft toonde aan dat instantonen een

effectieve bijdrage leveren tot de interactie van quarks. Voor meer info over deze instantonen

verwijzen we bv. naar [Ka93] .
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Figuur 2.8: De instantoninteractie als 2Nf -punts interactie voor lichte quarks.

Uiteindelijk kan voor de drie lichte quarks en de SU(3) kleurgroep een effectieve quark la-

grangiaan opgesteld worden [Lö01]. Deze residuele lagrangiaan kan nu via het theorema van Wick

normaal geordend worden ten opzichte van het exacte QCD vacuüm |Θ〉. Zoals in figuur 2.9 te

zien is, levert dit vier termen op. De notatie 〈f̄ f〉 staat hier voor de contractie 〈Θ|ΨfΨf |Θ〉. De

dubbele punten wijzen op het normaal geordend product.

De eerste term ∆L(0)
eff zorgt voor een constante energiebijdrage, aangezien alle operatoren

gecontraheerd zijn. De term ∆L(1)
eff levert zelfenergiediagrammen op, deze kunnen als een extra

massaterm geïnterpreteerd worden. Aangezien in de effectieve lagrangiaan de naakte quark-

massa’s voorkomen, kunnen deze samen met ∆L(1)
eff gecombineerd worden tot de constituenten-
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Figuur 2.9: Ontbinding van de residuele lagrangiaan in de verschillende termen [Lö01].

quarkmassa’s. De laatste term uit de figuur, ∆L(3)
eff , beschrijft een drie quarks interactie. Als

men deze term gaat uitschrijven, blijkt dat het kleurdeel enkel projecties bevat op de kleur de-

cuplet en octet toestanden. Daar alle baryonen een asymmetrisch kleursinglet-deel hebben zal

deze term geen extra bijdrage leveren tot V (3). ∆L(2)
eff zorgt dan voor de gezochte twee-quark

interactie. Deze kan in de volgende vorm gebracht worden

∆L(2)
eff = (2.79)

−2 : Ψ⊗Ψ[(1I⊗ 1I + γ5 ⊗ γ5)PDS=0 ⊗ (gnnPFA (nn) + gnsPFA (ns))⊗ PC
3
]Ψ⊗Ψ :

− : Ψ⊗Ψ[(1I⊗ 1I + γ5 ⊗ γ5)PDS=1 ⊗ (gnnPFA (nn) + gnsPFA (ns))⊗ PC6 ]Ψ⊗Ψ : .

• PC
3
en PC6 stellen de projectie voor op de kleur antitriplet respectievelijk sextet representatie.

Aangezien het kleurdeel van een baryon uit een singlet bestaat zal alleen de eerste een

bijdrage leveren tot de uiteindelijke interactie. Een sextet kan immers samen met het

triplet van het derde quark niet tot een singlet gekoppeld worden.

• PDS=0 en PDS=1 staan voor de projecties op een antisymmetrische singlet en een symmetrische

triplet spintoestand.

• In de smaakruimte stellen PFA (nn) en PFA (ns) de projecties voor op een antisymmetrische

toestand van twee niet-vreemde quarks (isospin 0 m.a.w.) of van een vreemd niet-vreemd

paar.

• gnn en gns staan voor twee koppelingsconstanten. Deze worden in het model als vrije pa-

rameters beschouwd en worden dus gefit aan de experimentele resultaten. Net als de extra

massa bijdragen bij ∆L(1)
eff kunnen deze koppelingsconstanten ook vanuit de instantonen-

theorie berekend worden. Zo kan achteraf bekeken worden of de fenomenologisch bepaalde

waarden consistent zijn met de theoretische. In [LMP01b] blijkt dit inderdaad het geval te

zijn.

We moeten nu nog uit de interactielagrangiaan (2.79) de twee-deeltjes kernel distilleren. Daartoe

benadert men de interactie in laagste orde als

−i

∫
d4y〈Θ|T (Ψ(x1)Ψ(x2)Ψ(x′1)Ψ(x′2)∆L(2)

eff (y))|Θ〉 , (2.80)
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wat uiteindelijk de volgende locale en instantane interactiekernel oplevert [Lö01]:

V (2)(x1, x2 ; x′1, x
′
2) = −4vreg(~x)

[
1I⊗ 1I + γ5 ⊗ γ5

]PDS12=0

⊗ (
gnnPFA (nn) + gnsPFA (ns)

)⊗ PC
3

δ(x0
1 − x0

2)δ
(4)(x1 − x′1)δ

(4)(x2 − x′2) . (2.81)

De regularisatiefunctie vreg(~x) zorgt ervoor dat de interactie niet divergeert. Deze functie heeft

een gaussische vorm en hangt af van een parameter λ, die overeenkomt met de eindige dracht van

de interactie. Dit brengt het totale aantal vrije parameters in het model op 7, nl. de twee con-

stituentenquarkmassa’s ms en mn van het vreemde quark en de niet-vreemde quarks (er wordt

perfecte isospin symmetrie ondersteld waardoor het up en down quark gelijke massa hebben),

de parameters a en b uit de confinementinteractie, de twee koppelingssterkten gnn en gns en de

dracht λ uit de ’t Hooft interactie.

Door de specifieke projectiestructuur die aanwezig is in (2.81), zal de ’t Hooft interactie alleen

bijdragen leveren voor baryonen waar quarkparen voorkomen die aan deze projecties voldoen.

Zo zal de ’t Hooft interactie geen invloed hebben op de baryonen met een symmetrische smaak-

functie, zoals het ∆, aangezien ze alleen inwerkt op asymmetrische smaakgolffuncties.



Hoofdstuk 3

Sterk Verval

3.1 Implementatie in het model

De bedoeling is om vanuit het quarkmodel van Bonn een uitdrukking te vinden voor het S-matrix

element voor het vervalproces B′ → B + M

SP̄ ′→P̄ P̄Mes
= 〈P̄ , P̄Mes|S |P̄ ′〉 . (3.1)

Het rechterlid staat hierin voor de tijdsevolutieoperator S = U(+∞,−∞) in het interactiebeeld,

genomen tussen eigentoestanden van de vrije hamiltoniaan. De baryonmomenten P̄ en P̄ ′ en het

mesonmoment P̄Mes zijn allen on-shell.

Men vertrekt hiervoor van de acht-punts Greense functie, gegeven door

G8(x1, x2, x3, y1, y
′
1; x

′
1, x

′
2, x

′
3) =

〈Θ|T{Ψ(x1)Ψ(x2)Ψ(x3)Ψ(y1)Ψ̄(y′1)Ψ̄(x′1)Ψ̄(x′2)Ψ̄(x′3)}|Θ〉 . (3.2)

Hierbij staan x1, x2, x3 en x′1, x
′
2, x

′
3 voor de coördinaten van de quarks in het uitgaande, respec-

tievelijk inkomende baryon, en hebben y1, y
′
1 betrekking op het meson. Deze uitdrukking is net

als (2.1) in het Heisenbergbeeld gegeven. Men beschouwt opnieuw slechts de termen in G8 met de

tijdsordening die hier van belang is. Aangezien men het verval van een baryon naar een baryon

en een meson wenst te beschrijven, zullen enkel de termen waarbij min{x0
1, x

0
2, x

0
3, y

0
1, y

′0
1 } >

max{x′01 , x
′0
2 , x

′0
3 } van belang zijn. Het tijdsgeordend product in (3.2) factoriseert dan in twee

delen. Vervolgens voegt men tussen deze twee tijdsgeordende producten twee maal een complete

set van drie-quark gebonden toestanden, |P̄ 〉 en |P̄ ′〉, en één set van gebonden quark-antiquark

toestanden |P̄Mes〉. Alle toestanden worden in het Heisenbergbeeld genomen, en zijn on-shell.

Zo komen in de uitdrukking voor G8, analoog als in 2.2.3 de (toegevoegde) Bethe-Salpeter am-

plitude (2.11) en (2.12) te voorschijn, samen met de Bethe-Salpeter amplitude voor het meson,

gedefinieerd als

χP̄Mes
(y1, y

′
1) = 〈Θ|T (Ψ(y1)Ψ̄(y′1))|P̄Mes〉 . (3.3)

29
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Na Fouriertransformatie naar de momentumruimte bekomt men voor de relevante termen uitein-

delijk de volgende uitdrukking [VC04]:

(2π)4δ(4)(P + PMes − P ′)G8
P,PMes;P ′(pξ, pη, pMes; p′ξ, p

′
η) =

−i

8ωP̄ ωP̄Mes
ωP̄ ′

χP̄ (pξ, pη)
P 0 − ωP̄ + iε

χP̄Mes
(pMes)

P 0
Mes − ωP̄Mes

+ iε
〈P̄ , P̄Mes|S |P̄ ′〉 χ̄P̄ ′(p

′
ξ, p

′
η)

P ′0 − ωP̄ ′ + iε
, (3.4)

met P, pξ, pη de Jacobi-momenta, gedefinieerd in (2.8). PMes en pMes zijn gedefinieerd als

PMes = pq + pq̄ , (3.5)

pMes =
1
2
(pq − pq̄) . (3.6)

De acht-punts Greense functie vertoont net zoals in het zes-punts geval (2.13), polen bij on-shell

momenta. Bovendien ziet men dat het gezochte S-matrix element (3.1), dat in deze uitdrukking

te voorschijn komt, verbonden is met het residu van G8 dat bij deze polen hoort.

Men kan nu G8 op een andere manier schrijven door hem te ontbinden in een zes-punts Greense

functie (die de drie quarks van het inkomende baryon beschrijft), een tien-punts Greense functie

(die slaat op de vijf quarks van het uitgaande baryon en meson) en een interactiekernel die het

sterk verval beschrijft. Dit geeft

G8(x1, x2, x3, y1, y
′
1; x

′
1, x

′
2, x

′
3) =

∫
d4x′′1d

4x′′2d
4x′′3d

4y2d4y′2d
4x′′′1 d4x′′′2 d4x′′′3

G10(x1, x2, x3, y1, y
′
1; y2, y

′
2, x

′′′
1 , x′′′2 , x′′′3 ) K(x′′′1 , x′′′2 , x′′′3 , y2, y

′
2; x

′′
1, x

′′
2, x

′′
3)×

G6(x′′1, x
′′
2, x

′′
3; x

′
1, x

′
2, x

′
3) . (3.7)

Men veronderstelt nu dat het uitgaande baryon en meson na het sterk verval niet meer met elkaar

interageren. In deze benadering kan men de tien-punts Greense functie opsplitsen in het product

van een zes-punts Greense functie ( voor het uitgaande baryon) en een vier-punts Greense functie

(voor het meson):

G10(x1, x2, x3, y1, y
′
1; y2, y

′
2, x

′′′
1 , x′′′2 , x′′′3 ) = G6(x1, x2, x3; x′′′1 , x′′′2 , x′′′3 ) G4(y1, y

′
1; y2, y

′
2) . (3.8)

Deze laatste stappen (3.7) en (3.8) kunnen, zoals men in figuur 3.1 ziet, in een diagram aan-

schouwelijk voorgesteld worden.

Op een gelijkaardige manier als bij de afleiding van (3.4) bekomt men na invoegen van on-shell

gebonden toestanden, in de momentumruimte voor de termen met de relevante tijdsordening die
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Figuur 3.1: Ontbinding van de acht-punts Greense functie.

niet regulier zijn in P0 [VC04]

(2π)4δ(4)(P + PMes − P ′) G8
P,PMes;P ′(pξ, pη, pMes; p′ξ, p

′
η) =

(2π)4δ(4)(P + PMes − P ′)
−i

8ωP̄ ωP̄Mes
ωP̄ ′

χP̄ (pξ, pη)
P 0 − ωP̄ + iε

χP̄Mes
(pMes)

P 0
Mes − ωP̄Mes

+ iε

×
∫ d4p′′′ξ

(2π)4
d4p′′′η
(2π)4

d4p′Mes

(2π)4
d4p′′ξ
(2π)4

d4p′′η
(2π)4

χ̄P̄ (p′′′ξ , p′′′η )χ̄P̄Mes
(p′Mes)

× KP,PMes;P ′(p
′′′
ξ , p′′′η , p′Mes; p

′′
ξ , p

′′
η)χP̄ ′(p

′′
ξ , p

′′
η)

χP̄ ′(p
′
ξ, p

′
η)

P ′0 − ωP̄ ′ + iε
. (3.9)

Vergelijking van (3.4) en (3.9) leert dat

SP̄ ′→P̄ P̄Mes
= (2π)4δ(4)(P + PMes − P ′)

∫ d4p′′′ξ
(2π)4

d4p′′′η
(2π)4

d4p′Mes

(2π)4
d4p′′ξ
(2π)4

d4p′′η
(2π)4

χ̄P̄ (p′′′ξ , p′′′η )χ̄P̄Mes
(p′Mes)KP,PMes;P ′(p

′′′
ξ , p′′′η , p′Mes; p

′′
ξ , p

′′
η)χ̄P̄ ′(p

′′
ξ , p

′′
η) . (3.10)

Enkel de kernel K is op dit ogenblik nog niet gekend. Men kan op de volgende manier een

benaderende uitdrukking voor K opstellen. Om te beginnen past men het theorema van Wick

toe op G8 (3.2). In laagste orde worden alle creatieoperatoren met een verschillende annihilatie-

operator gepaard. Dit kan men op 4! = 24 manieren doen. Als men echter het uitgaand meson-

quark en meson-antiquark contraheert, bekomt men onsamenhangende diagrammen, waarbij alle
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baryonquarks propageren zonder interactie met de mesonquarks. Dit kan op zes verschillende

manieren, en de zes bijbehorende diagrammen worden buiten beschouwing gelaten. Aangezien

de Bethe-Salpeter amplitudes van de baryonen antisymmetrisch zijn in de coördinaten, zal alleen

een antisymmetrische combinatie van de overige termen een bijdrage tot de integraal in (3.10)

leveren. Dit geeft dan (in laagste orde):

G8(x1, x2, x3, y1, y
′
1; x

′
1, x

′
2, x

′
3) =S1

F (x1 − x′1)S
2
F (x2 − x′2)S

3
F (x3 − y′1)S

3
F (y1 − x′3)

+S1
F (x1 − x′1)S

2
F (x2 − y′1)S

2
F (y1 − x′2)S

3
F (x3 − x′3)

+S1
F (x1 − y′1)S

1
F (y1 − x′1)S

2
F (x2 − x′2)S

3
F (x3 − x′3) . (3.11)

De drie termen in deze uitdrukking staan voor de koppeling van het meson met elk van de drie

baryonquarks. Si
F staat zoals in Hoofdstuk 2 voor de exacte quarkpropagator.

Op gelijkaardige manier kan men G6 en G4 in (3.7) en (3.8) in laagste orde benaderen door drie,

respectievelijk twee exacte quarkpropagatoren:

G8(x1, x2, x3, y1, y
′
1; x

′
1, x

′
2, x

′
3) =

∫
d4x′′1d

4x′′2d
4x′′3d

4y2d4y′2d
4x′′′1 d4x′′′2 d4x′′′3

S1
F (x1 − x′′′1 )S2

F (x2 − x′′′2 )S3
F (x3 − x′′′3 )SF (y1 − y2)SF (y′2 − y′1)

×K(x′′′1 , x′′′2 , x′′′3 , y2, y
′
2; x

′′
1, x

′′
2, x

′′
3)S

1
F (x′′1 − x′1)S

2
F (x′′2 − x′2)S

3
F (x′′3 − x′3) . (3.12)

Uit (3.11) en (3.12) kan men nu de laagste orde benadering voor de kernel K afleiden:

K0(x′′′1 , x′′′2 , x′′′3 , y2, y
′
2; x

′′
1, x

′′
2, x

′′
3) =

S3−1

F (x′′′3 − y′2)S
3−1

F (y2 − x′′3)S
2−1

F (x′′′2 − x′′2)S
1−1

F (x′′′1 − x′′1)

+S3−1

F (x′′′3 − x′′3)S
2−1

F (x′′′2 − y′2)S
2−1

F (y2 − x′′2)S
1−1

F (x′′′1 − x′′1)

+S3−1

F (x′′′3 − x′′3)S
2−1

F (x′′′2 − x′′2)S
1−1

F (x′′′1 − y′2)S
1−1

F (y2 − x′′1) (3.13)

Na Fouriertransformatie van (3.13) en substitutie ervan in (3.10), bekomt men in laagste orde

de volgende uitdrukking voor het matrixelement:

SP̄ ′→P̄ P̄Mes
= 3(2π)4δ(4)(P̄ + P̄Mes − P̄ ′)

∫
d4pξ

(2π)4
d4pη

(2π)4
Γ̄Λ

P̄ (pξ,
2
3
P̄Mes + pη)

× S1
F (

P̄ ′

3
+ pξ +

pη

2
)S2

F (
P̄ ′

3
− pξ +

pη

2
)S3

F (
P̄ ′

3
− pη − P̄Mes)

× Γ̄Λ
P̄Mes

(
P̄ ′

3
− pη − P̄Mes

2
)S3

F (
P̄ ′

3
− pη)ΓΛ

P̄ ′(pξ, pη) , (3.14)

met de vertexfunctie ΓΛ
P̄
voor het baryon, in het ruststelsel, gegeven door

ΓΛ
P̄ (~pξ, ~pη) = −i

∫ d3~p′ξ
(2π)3

d3~p′η
(2π)3

× [V (3)
Λ (~pξ, ~pη; ~p′ξ, ~p′η) + V

eff(1)

P̄
(~pξ, ~pη; ~p′ξ, ~p′η)]Φ

Λ
P̄ (~p′ξ, ~p′η) . (3.15)
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Γ transformeert onder Lorentztransformaties als ΓP̄ (pξ, pη) = S1
Λ⊗S3

Λ⊗S3
ΛΓΛ−1P̄ (Λ−1pξ, Λ−1pη),

met Λ de boost matrix en Si
Λ de boost-operator inwerkend op het i-de quark. De vertexfunctie

voor het meson haalt men uit het Bethe-Salpeter model voor mesonen [Ko00]. Er is echter een

kleine aanpassing nodig. De waarden van de parameters die in het mesonmodel gefit worden,

zijn namelijk niet dezelfde als de gefitte waarden uit het baryonmodel. De massa’s van de quarks

moeten echter met elkaar overeenstemmen, aangezien er propagatoren zijn die een mesonquark

met een baryonquark verbinden. De massa’s uit beide modellen verschillen echter niet zoveel

van elkaar zodanig dat een kleine correctie van de massa’s in het mesonmodel de spectra van de

mesonen niet te sterk verstoort.

Het verval wordt in het ruststelsel van het inkomend baryon beschreven. Het uitgaand baryon en

het meson hebben dan een tegengestelde drie-impuls. Toepassen van energie-momentum behoud

geeft voor de grootte van deze impuls

|q̄| =
√

(M ′2 −M2 + M2
Mes)2

4M ′2 −M2
Mes . (3.16)

De ongepolariseerde vervalbreedte wordt dan gegeven door [Mer02]

ΓP̄ ′→P̄ P̄Mes
=

|~q|
8πM ′2

1
2J ′ + 1

∑

m′,m,mMes

|S(P ′,m′; P, m, PMes,mMes)|2 , (3.17)

waarbij uitgemiddeld wordt over de spins van het inkomend baryon en gesommeerd over de

spins van het uitgaand baryon en meson. In onze berekeningen zullen we enkel pseudoscalair

mesonverval onderzoeken, waardoor de sommatie over mMes wegvalt. Hetzelfde procédé wordt

toegepast in de smaakruimte:

ΓT̄ ′→T̄ T̄Mes
=

1
2T ′ + 1

∑
mT ′ ,mT ,mTMes

|S(T ′,mT ′ ;T, mT , TMes, mTMes
)|2 . (3.18)

Omwille van de isospinsymmetrie, die perfect verondersteld wordt, staan de verschillende ma-

trixelementen met elkaar in verband door middel van het Wigner-Eckart theorema. Het is dus

voldoende dat men het matrixelement voor één bepaald stel van mT ′ ,mT ,mTMes
berekent. De

gewogen vervalbreedte wordt dan gegeven door

ΓT̄ ′→T̄ T̄Mes
=

1
|〈T, mT ; TMes,mTMes

|T ′, mT ′〉|2
|S(T ′,mT ′ ; T, mT , TMes,mTMes

)|2 . (3.19)

3.2 Berekeningen

3.2.1 N∗ → N + π verval

Het eerste kanaal van sterk verval dat we bestuderen is het nucleon-pion verval. Hierbij vervalt

een aangeslagen nucleontoestand terug naar de grondtoestand door emissie van een pion. Figuur

3.2 stelt het spectrum voor dat berekend werd met het quarkmodel van Bonn, gebruik makend

van model A (2.74) voor het Diracgedeelte van de confinementpotentiaal. Model A gaf immers
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de beste overeenkomst met het experiment.

Voor de laagste Jπ toestanden hebben we telkens het verval berekend van de eerste vier res-

onanties die door het model gegenereerd worden, behalve bij de 1
2

+ sector waar de eerste zes

resonanties berekend werden. Voor de hogere Jπ toestanden werd enkel het verval van de niveaus

uit het model die overeenstemmen met een goed bepaald experimenteel niveau berekend. De re-

sultaten zijn te vinden in tabel A.1. De niveaus worden aangeduid met [NJπ]i, met i het

excitatieniveau van de resonantie binnen de groep van toestanden met gelijke Jπ. In de tweede

kolom staan de massa’s in MeV van de nucleonresonanties die uit het model verkregen werden.

De amplitude (Amp., MeV) staat voor het matrixelement (3.1), en de Partial Decay Width

(PDW) tenslotte, is de vervalbreedte in MeV (3.17) gewogen over spin en isospin.

Toestanden in de 2~ω band

We bekijken eerst de toestanden die behoren tot de positieve pariteit 2~ω band. Deze opdeling

in banden vindt zijn oorsprong in het niet-relativistisch harmonische-oscillator model van Isgur

en Karl [IK78, IK79]. Hierin wordt confinement in een baryon op een zeer eenvoudige manier

beschreven, nl. op basis van een harmonische oscillator quark-quark potentiaal. Dit levert golf-

functies op met een bepaald radiaal golfgetal N en baanimpulsmoment L. Alle golffuncties met

gelijke N zijn in dit model bovendien ontaard in energie. Zo ontstaan er verschillende energieban-

den gelabeld door N , elk met een energie N~ω boven de grondtoestand. Ook in het Bonn-model

wordt in de praktijk het ruimtelijk deel van de golffuncties waaruit de Pauli spinoren (2.64)

(en dus uiteindelijk de Salpeter amplitudes) opgebouwd zijn, ontwikkeld in een basis van deze

harmonische oscillator golffuncties. Voor één Salpeteramplitude zullen harmonische oscillator-

functies met verschillende N bijdragen, maar men kan de hoofdbijdrage steeds terugbrengen op

één bepaalde N , zodat we ook hier kunnen blijven spreken van banden. In onze berekeningen

worden slechts de oscillator banden tot een zekere maximale N (voor het nucleon tot 12) in

rekening gebracht, om de rekentijd binnen de perken te houden.

De 2~ω band levert bijdragen tot toestanden met spin Jπ = 1
2

+
, 3

2

+
, 5

2

+ en 7
2

+. Op figuur 3.2 is

een viertal van experimenteel goed bepaalde resonanties te zien, dat lager gelegen is dan de rest:

de zogenaamde Roperresonantie P11(1440,****) en drie resonanties rond 1700 MeV. Vergelijken

we met de door het model voorspelde toestanden, dan zien we dat er een viertal toestanden aan

deze experimentele resonanties gelinkt kan worden. Deze vier toestanden liggen een stuk lager

dan de rest van de toestanden in de 2~ω band door de attractieve invloed van de ’t Hooft poten-

tiaal [LMP01a]. De Roper resonantie wordt wel nog steeds meer dan 100 MeV te hoog voorspeld.

Bij de P11(1710,***) en de P13(1720,****) resonantie liggen de voorspelde toestanden binnen de

onzekerheidsgrenzen. De F15(1680,****) tenslotte, wordt iets te hoog voorspeld. In tabel 3.1

worden de berekende waarden voor het pionverval (Bonn) voor deze toestanden vergeleken met

de experimentele vervalbreedtes die gegeven worden door de Particle Data Group (PDG) [Ha02].
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Figuur 3.2: Nucleonspectrum: vergelijking tussen de voorspellingen door het model van Bonn (blauwe
lijnen) en de experimentele gegevens (rode lijnen) gegeven door de Particle Data Group [Ha02]. De status
van de experimentele resonanties wordt door het aantal sterren aangeduid. De rechthoek rond de niveaus
stelt de experimentele onzekerheid voor.



3.2. Berekeningen 36

De fouten bij de PDG resultaten slaan enerzijds op de onzekerheid op de partiële vervalbreedte

en anderzijds op de extra onzekerheid op de totale vervalbreedte. Er wordt ook vergeleken

met resultaten uit andere quarkmodellen: de niet-relativistische modellen van Koniuk en Isgur

(KI) [KI80] en van Capstick en Roberts (CR) [CR94], en een relativistisch model ontwikkeld aan

de universiteit van Graz (Gr) [Pl03]. Zowel Koniuk en Isgur, als Capstick en Roberts maken beide

gebruik van dezelfde golffuncties, afkomstig uit een model met een lineaire confinementpotentiaal

en het spinafhankelijk deel van de OGE als residuele interactie. Relativistische effecten worden

door middel van extra parameters in rekening gebracht. Beide modellen verschillen wel in de be-

schrijving van het sterk verval. Koniuk en Isgur steunen op een elementair meson-emissie model.

Daarin wordt verondersteld dat een puntvormig meson met een quark van het baryon koppelt.

Capstick en Roberts maken gebruik van het zogenaamde 3P0 model waarin een quark-antiquark

paar met de kwantumgetallen van het vacuüm (0++) gevormd wordt en dan koppelt met de

quarks van het initiële baryon. Beide modellen introduceren voor het beschrijven van het sterk

verval extra parameters die gefit worden aan experimenteel goed gekende breedtes. Het model

van de groep uit Graz beschrijft verval d.m.v. de puntvorm van de relativistische kwantumme-

chanica en maakt gebruik van smaakafhankelijke gemodificeerde Yukawa-potentialen gebaseerd

op Goldstone-Boson-uitwisseling als residuele interactie. Bij de waarden van Capstick en Roberts

wordt tussen haakjes de massa van de equivalente toestand vermeld. Alle waarden zijn in MeV

uitgedrukt.

Tabel 3.1: Vergelijking vervalbreedtes voor de vier laagstgelegen 2~ω toestanden (alle waarden in MeV).

Toestand Bonn Exp. Toestand PDG [Ha02] KI [KI80] CR [CR94] Gr [Pl03]

[N 1
2

+]2(1539) 37.6 P11(1440,****) (228± 18)+65
−65 46 412(1540) 30.3

[N 1
2

+]3(1741) 5.39 P11(1710,***) (15± 5)+23
−8 45 17.6(1770) 4.06

[N 3
2

+]1(1704) 15.2 P13(1720,****) (23± 8)+8
−8 42 199(1795)

[N 5
2

+]1(1712) 38.2 F15(1680,****) (85± 6)+7
−7 50 43.6(1770)

Wat onmiddellijk opvalt, is dat de berekende waarden systematisch kleiner zijn dan de expe-

rimentele. De Roper resonantie wordt acht maal kleiner berekend, de andere drie zijn ongeveer

een factor twee te klein. We moeten hier wel rekening houden met het feit dat in de verval-

breedte het kwadraat van het matrixelement voorkomt, zodat de afwijkingen op het matrix-

element zelf beperkt blijven tot ongeveer een factor 2.5. Hoewel de waarden bekomen met de

niet-relativistische modellen groter zijn, is de overeenkomst met het experiment niet bepaald

beter te noemen. De waarden van het model uit Graz zijn wel consistent met die van Bonn.

De berekende vervalbreedtes van de overige toestanden voorspeld in de 2~ω band, alsook deze

van de andere experimenteel bepaalde toestanden zijn apart samengebracht in tabel 3.2. Ook de
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resultaten van Capstick en Roberts werden ter vergelijking opgenomen. De experimentele waar-

den voor de vervalbreedtes zijn afkomstig van experimenten uitgevoerd door Manley [MS92].

Deze experimentele toestanden zijn heel wat minder goed gekend dan de vier vorige. Er zit een

grote onzekerheid op de massa zodat vaak meer dan één toestand uit het berekende spectrum

in aanmerking komt om met zo’n resonantie geïdentificeerd te worden. We zien echter dat bijna

geen enkele berekende vervalbreedte ook maar in de buurt komt van de experimentele waarde.

Het verschil bedraagt meestal een factor 100 tot 1000. Doordat de vervalbreedte van deze toes-

tanden naar het pionkanaal zo klein is, zouden ze in nucleon-pion verstrooiingsexperimenten zeer

moeilijk, of zelfs niet, waar te nemen zijn. Dergelijke toestanden, die door theoretische modellen

voorspeld worden, maar nog niet gedetecteerd zijn, noemt men ontbrekende resonanties. Het

feit dat ze nog niet waargenomen werden, betekent echter niet noodzakelijk dat ze niet bestaan.

De meeste van de tot hiertoe gekende resonanties werden immers geïdentificeerd in N − π ver-

strooiing. Andere soorten experimenten (bv vreemdheidsproductie) zouden deze ontbrekende

resonanties eventueel wel kunnen waarnemen. Een andere mogelijkheid is natuurlijk dat onze

berekeningen met een te lage nauwkeurigheid of een te grove benadering uitgevoerd werden,

waardoor de resultaten nog enkele grootteordes zouden kunnen wijzigen. Als we de resultaten

vergelijken met die van Capstick en Roberts, zien we dat de overeenkomst met de experimenten

daar weliswaar iets beter is, maar het verschil toch nog aanzienlijk blijft.

Tabel 3.2: Overige berekende 2~ω toestanden (alle waarden in MeV).

Toestand Bonn Exp. Toestand Manley [MS92] CR [CR94]

[N 1
2

+]4(1962) 5.14e-03 P11(2100,*) (17± 7)+7
−7 7.29(1880)

[N 1
2

+]5(2013) 4.86e-01 4.00(1975)

[N 3
2

+]2(1922) 3.13e-01 P13(1900,**) (129± 30)+21
−21 37.2(1870)

[N 3
2

+]3(1969) 1.21e-01 1.00(1910)

[N 3
2

+]4(1994) 8.31e-02 16.8(1950)

[N 5
2

+]2(1968) 3.07e-02 F15(2000,**) (39± 25)+25
−25 1.69(1980)

[N 5
2

+]3(1986) 1.49e-02 0.81(1995)

[N 7
2

+]1(1986) 1.94e-01 F17(1990,**) (32± 10)+7
−7 5.76(1980)

Toestanden in de 1~ω band

In de negatieve pariteits 1~ω band worden door het model vijf toestanden voorspeld met Jπ =
1
2

−
, 3

2

−
, 5

2

−, die elk geïdentificeerd kunnen worden met een experimenteel bepaalde toestand.

Deze experimentele resonanties kregen allen een drie- of vier-sterren classificatie van de Parti-

cle Data Group, en zijn dus zeer goed gekend. Alleen van de S11(1650,****) ligt de berekende
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massa binnen de onzekerheidsgrenzen. Bij de overige vier resonanties wordt de massa iets te laag

voorspeld, tot een honderdtal MeV bij de S11(1535,****). In tabel 3.3 wordt zoals bij de 2~ω
band opnieuw een vergelijking gemaakt tussen de experimentele gegevens en de resultaten van

verschillende modellen.

Tabel 3.3: Vergelijking vervalbreedtes voor 1~ω toestanden (alle waarden in MeV).

Toestand Bonn Exp. Massa PDG [Ha02] KI [KI80] CR [CR94] Gr [Pl03]

[N 1
2

−]1(1449) 33.4 S11(1535,****) (68± 15)+23
−23 28 216(1460) 93.2

[N 1
2

−]2(1668) 2.91 S11(1650,****) (109± 26)+29
−4 76 149(1535) 28.8

[N 3
2

−]1(1474) 35.3 D13(1520,****) (66± 6)+8
−6 85 74.0(1495) 16.9

[N 3
2

−]2(1613) 1.81e-03 D13(1700,***) (10± 5)+5
−5 13 33.6(1625) 0.91

[N 5
2

−]1(1649) 3.03 D15(1675,****) (68± 8)+14
−5 30 28.0(1630) 5.98

Alle berekende waarden liggen wederom te laag, maar de verschillen zijn hier wat groter dan

bij de 2~ω band. Vooral voor de [N 3
2

−]2 toestand wordt een zeer kleine vervalbreedte gevonden,

er zitten echter wel grote fouten op de experimentele waarde. Ook het model uit Graz voorspelt

voor deze resonantie -in vergelijking met de andere toestanden- een kleine breedte. De hoger

gelegen resonanties in de 3
2

− sector hebben wel een grotere vervalbreedte, maar hun massa’s zijn

veel te hoog om ze te kunnen identificeren met de D13(1700,***).

Hoger gelegen banden

In tabel 3.4 zijn de overige berekende toestanden samengebracht, alsook de experimentele gegevens

beschikbaar voor dit gebied. De experimentele vervalbreedtes voor de drie- en vier- ster toes-

tanden worden gegeven door PDG [Ha02]. De waarden voor de minder goed bepaaldeK113(2700,**)

en D15(2200,**) zijn afkomstig uit experimenten van Hoehler [Ha02], die voor de D13(2080,**)

en de S11(2090,*) uit experimenten van Manley [MS92].

Bekijken we de resterende toestanden met positieve pariteit, dan zien we dat de [N 5
2

+]4,

[N 1
2

+]6 en [N 7
2

+]2 toestand een grote breedte vertonen voor het pionverval. Dit kan erop wi-

jzen dat de [N 5
2

+]4 toestand geïdentificeerd kan worden met de F15(2000,**) resonantie. De

voorspelde massa ligt immers nog binnen de onzekerheidsgrenzen en in tegenstelling tot de 2~ω
toestanden [N 5

2

+]2 en [N 5
2

+]3, heeft de [N 5
2

+]4 een vervalbreedte die in overeenstemming is met

de experimentele waarde. Hetzelfde is van toepassing op de [N 1
2

+]6, die nog binnen de onzekerhei-

dsgrenzen van de P11(2100,*) ligt. Deze toestand heeft, in tegenstelling tot de lager gelegen 2~ω
toestanden in deze sector, wel een breedte die goed overeenkomt met de experimentele waarde.
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Tabel 3.4: Overige toestanden waarvoor de breedte berekend werd (alle waarden in MeV).

Toestand Bonn Exp. Toestand Exp. Breedte [Ha02,MS92] CR [CR94]

[N 1
2

+]6(2042) 23.8 P11(2100,*) (17± 7)+7
−7 59.3(2065)

[N 1
2

+]7(2200) 1.22 0.09(2210)

[N 5
2

+]4(2151) 28.7 F15(2000,**) (39± 25)+25
−25

[N 7
2

+]2(2214) 2.24 3.24(2390)

[N 7
2

+]3(2417) 2.44e-01 24.0(2410)

[N 7
2

+]4(2432) 3.85e-02 46.2(2455)

[N 9
2

+]1(2207) 5.22 H19(2220,****) (60± 20)+23
−12 0.49(2345)

[N 13
2

+]1(2612) 1.10 K113(2700,**) (14± 4)+2
−2 0.16(2820)

[N 1
2

−]3(1938) 15.9 S11(2090,*) (41± 41)+16
−16 32.5(1945)

[N 1
2

−]4(1940) 7.78 13.7(2030)

[N 3
2

−]3(1924) 13.2 D13(2080,**) (104± 14)+43
−43 67.2(1960)

[N 3
2

−]4(1972) 8.76 38.4(2055)

[N 5
2

−]2(1979) 5.06 D15(2200,**) (22± 6)+4
−4 26.0(2080)

[N 5
2

−]3(2130) 1.20 27.0(2095)

[N 5
2

−]4(2162) 2.34e-01 3.61(2180)

[N 7
2

−]1(2000) 7.21 47.6(2090)

[N 7
2

−]2(2176) 3.64e-02 G17(2190,****) (68± 23)+15
−15 16.0(2205)

[N 9
2

−]1(2183) 2.23e-01 G19(2250,****) (40± 20)+7
−11 6.25(2215)

[N 11
2

−]1(2399) 1.13 1.69(2600)

[N 11
2

−]2(2590) 7.97e-03 I111(2600,***) (49± 16)+11
−11 22.1(2670)

Voor de [N 7
2

+]2 toestand is niet direct een experimentele partner te vinden. De massa ligt buiten

de onzekerheidsgrenzen op de F17(1990,**) toestand, en de vervalbreedte is bijna een grootteorde

te klein. In de 7
2

+ sector is dit wel de enige berekende toestand met een grote vervalbreedte, dit

in tegenstelling tot het model van Capstick en Roberts waar de hogere excitaties zelfs grotere

breedtes vertonen. Tenslotte werden ook de [N 9
2

+]1 en [N 13
2

+]1 toestand berekend. De massa

van de [N 9
2

+]1 is quasi gelijk aan de zeer goed gekende H19(2220,****) resonantie, waarmee ze

bijgevolg geïdentificeerd wordt. De berekende vervalbreedte is echter een grootteorde te klein.

De massa van de [N 13
2

+]1 ligt binnen de onzekerheidsgrenzen van de K113(2700,**) resonantie

en de overeenkomst met de experimentele vervalbreedte is opnieuw aanvaardbaar te noemen,

aangezien het hier om een minder goed gekende resonantie gaat. Bekijken we de voorspellingen

in het model van Capstick en Roberts, dan zien we dat de breedtes voor deze twee resonanties

tot de laagste van het hele berekende spectrum behoren. De massa’s liggen dan weer een stuk

hoger dan de experimentele waarden.
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In de 1
2

−
, 3

2

−
, 5

2

− sectoren, zien we een drietal van experimenteel bepaalde resonanties, elk met

slechts één of twee sterren, en dus een grote onzekerheid op de massa. Zowel in de 1
2

− als de 3
2

−

sector bekomen we telkens twee toestanden die binnen de onzekerheidsgrenzen van respectievelijk

S11(2090,*) en D13(2080,**) liggen en een aanvaardbare overeenkomst vertonen met hun verval-

breedtes. De situatie in de 7
2

− en 11
2

− sector is vrij analoog. In elk van de twee sectoren vinden we

een goed gekende drie of vier-ster resonantie die qua massa het best overeenstemt met de tweede

berekende toestand in deze sectoren. De berekende breedte voor nucleon-pion verval van deze

toestanden is echter zeer klein. De vervalbreedtes van de laagst gelegen toestand in elke sector

zijn wel van een redelijke grootte. Maar de massa bekomen voor deze toestanden ligt veel te laag

om ze vooralsnog te kunnen identificeren met de experimentele resonanties. Er moet wel vermeld

worden, dat in de 11
2

− sector nog een groot aantal toestanden uit het berekende spectrum binnen

de onzekerheidsgrenzen van de I111(2600,***) resonantie liggen, maar van deze toestanden werd

de vervalbreedte nog niet berekend. Tenslotte blijft nog de G19(2250,****) resonantie in de 9
2

−

sector over. De [N 9
2

−]1 toestand heeft een massa die binnen de grenzen ligt. De bijhorende

vervalbreedte is echter ook zoals bij de vorige twee resonanties een grootteorde te laag. Globaal

gezien liggen de resultaten uit het Bonn-model steeds lager dan de berekeningen van Capstick

en Roberts. Het verschil varieert echter wel van quasi gelijk tot meer dan een factor 1000. Het

relativistisch raamwerk in het model van Bonn zorgt dus wel degelijk voor grote verschillen t.o.v.

niet-relativistische modellen.

3.2.2 ∆∗ → N + π verval

Ook de verschillende resonanties van het ∆-spectrum kunnen naar de 939 MeV nucleongrond-

toestand vervallen door emissie van een pion. Figuur 3.3 stelt het deltaspectrum voor zoals het

berekend werd via het quarkmodel van Bonn met dezelfde confinementpotentiaal als bij het nu-

cleonspectrum. Van de laagste Jπ sectoren werden opnieuw de vervalbreedte van de vier laagst

gelegen resonanties berekend. Voor hogere J werd een selectie gemaakt van toestanden die geï-

dentificeerd kunnen worden met experimenteel gekende resonanties. De resultaten zijn terug te

vinden in tabel A.2. Notaties en structuur zijn dezelfde als bij tabel A.1.

De grondtoestand en toestanden in de 1~ω band

De grondtoestand en de twee overige toestanden uit de 1~ω band bekomen in het model van Bonn,

kunnen allen geïdentificeerd worden met experimenteel goed gekende vier-ster resonanties. De

grondtoestand P33(1232,****) wordt iets te hoog voorspeld. Van de aangeslagen toestanden ligt

de [∆1
2

−]1 binnen de onzekerheidsgrenzen van de S31(1620,****) resonantie, terwijl de [∆3
2

−]1
iets lager ligt dan de experimenteel bepaalde D33(1700,****). De opsplitsing tussen deze twee
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Figuur 3.3: Deltaspectrum: vergelijking tussen de voorspellingen door het model van Bonn en de expe-
rimentele gegevens. Zelfde conventies als in fig. 3.2.
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resonanties wordt vaak beschouwd als één van de enige aanwijzingen voor de rol van spin-baan

krachten in de baryonspectroscopie. In vergelijking met het experiment heeft de opsplitsing hier

voor de berekende waarden wel het tegengestelde teken. De massa van de [∆1
2

−]1 wordt namelijk

hoger voorspeld dan die van de [∆3
2

−]1. In tabel 3.5 worden de vervalbreedtes van de drie boven-

vermelde resonanties op dezelfde manier als bij tabel 3.1 vergeleken met experimentele gegevens

en resultaten uit andere quarkmodellen.

Tabel 3.5: Vergelijking vervalbreedtes voor de grond- en 1~ω toestanden (alle waarden in MeV).

Toestand Bonn Exp. Massa PDG [Ha02] KI [KI80] CR [CR94] Gr [Pl03]

[∆3
2

+]1(1261) 62.4 P33(1232,****) (119± 0)+5
−5 121 108(1230) 33.7

[∆1
2

−]1(1654) 3.78 S31(1620,****) (38± 8)+8
−8 11 26.0(1555) 10.4

[∆3
2

−]1(1628) 1.78 D33(1700,****) (45± 15)+15
−15 24 24.0(1620) 2.92

Opnieuw zijn de berekende vervalbreedtes kleiner dan de experimentele waarden. De verval-

breedte van de grondtoestand wordt ongeveer een factor twee te klein voorspeld, de andere twee

zijn een grootteorde kleiner. De grondtoestand bezit wel van alle berekende toestanden in het

spectrum de grootste breedte. De modellen van zowel Koniuk en Isgur als Capstick en Roberts

voorspellen een vervalbreedte voor deze toestanden die veel dichter bij het experimentele resul-

taat ligt. Hierbij moet wel opgemerkt worden dat deze modellen extra parameters introduceren

die gebruikt worden om te fitten aan de zeer goed gekende vervalbreedte van de grondtoestand

(waar experimenteel een zeer kleine fout op de partiële vervalbreedte zit). Dit in tegenstelling

tot het model van Bonn waar de sterke vervalbreedtes volledig parametervrij berekend worden.

Toestanden in de 2~ω band

In tabel 3.6 wordt een vergelijking gemaakt tussen berekende toestanden in de 2~ω band en

de experimenteel waargenomen resonanties in dit gebied. De experimentele vervalbreedtes zijn

afkomstig van de PDG [Ha02], behalve voor de minder goed gekende P31(1750,*) en F35(2000,**).

Voor deze laatste worden de resultaten uit de experimenten van Manley [MS92] als indicatieve

waarde opgegeven.

In de spin 1
2

+ sector vinden we zowel bij het berekende spectrum als bij de experimentele

gegevens twee toestanden. De [∆1
2

+]2(1907) toestand heeft een massa die quasi overeen komt

met de massa van de P31(1910,****), maar zijn vervalbreedte is veel kleiner. De [∆1
2

+]1(1866)

heeft een grotere breedte en ligt net buiten de grenzen van de P31(1910,****), maar bij gebrek

aan andere voorspelde toestanden zou ze met de P31(1750,*) geïdentificeerd moeten worden. De

vervalbreedte van deze laatste resonantie, die experimenteel echter niet zeer goed gekend is, ligt
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Tabel 3.6: Vergelijking vervalbreedtes voor 2~ω toestanden (alle waarden in MeV).

Toestand Bonn Exp. Toestand Exp. Breedte [Ha02,MS92] CR [CR94]

[∆1
2

+]1(1866) 2.83 P31(1750,*) (24± 9)+10
−10 15.2(1835)

[∆1
2

+]2(1907) 1.56e-01 P31(1910,****) (56± 19)+5
−14 88.4(1875)

[∆3
2

+]2(1810) 15.1 P33(1600,***) (61± 26)+18
−18 75.7(1795)

[∆3
2

+]3(1871) 8.77e-01 17.6(1915)

[∆3
2

+]4(1951) 3.24e-01 P33(1920,***) (25± 15)+13
−6 10.9(1985)

[∆5
2

+]1(1897) 2.51e-01 F35(1905,****) (35± 18)+9
−7 11.6(1910)

[∆5
2

+]2(1985) 5.80e-01 F35(2000,**) (5± 3)+2
−2 1.44(1990)

[∆7
2

+]1(1956) 3.19 F37(1950,****) (113± 7.5)+19
−4 50.4(1940)

toch nog altijd een orde hoger dan de berekende waarde voor de [∆1
2

+]1(1866). Bij het berek-

ende spectrum vinden we in de spin 3
2

+ sector drie toestanden terug. De hoogste van die drie

ligt binnen de onzekerheidsgrenzen van de P33(1920,***) resonantie. De berekende vervalbreedte

is echter twee grootteordes te klein. De lager gelegen [∆3
2

+]3(1871) valt net buiten diezelfde

onzekerheidsgrenzen, en heeft bovendien ook een zeer kleine vervalbreedte. Geen van de twee

toestanden uit het model kan dus op grond van zijn pion vervalbreedte geïdentificeerd worden met

de P33(1920,***). Mogelijk is één van beide een ontbrekende resonantie. De [∆3
2

+]2(1810) heeft

wel een grote vervalbreedte, maar zijn massa ligt zo’n 200 MeV boven die van de P33(1600,***).

Wat de massa van deze laatste toestand betreft, is er ook experimenteel nog heel wat onzeker-

heid. 1600 MeV is de waarde die de PDG opgeeft voor deze resonantie. Recente experimenten

voorspellen de massa van deze resonantie echter rond de 1700 MeV (bv. [MS92]), dus dicht bij

de bovengrens die de PDG momenteel aan deze resonantie toekent. Dit zou betekenen dat de

[∆3
2

+]2(1810) toestand slechts een 100 MeV te hoog zou liggen, iets wat b. bij de Roperreso-

nantie ook al het geval was. De P33(1600,***) kan men trouwens beschouwen als het equivalent

van de Roperresonantie in het delta-spectrum, vermits het de eerste geëxciteerde toestand is

met dezelfde spin en pariteit als de grondtoestand, en bovendien lager gelegen dan de eerste

geëxciteerde toestanden met negatieve pariteit. De vervalbreedte van de [∆3
2

+]2(1810) is wel

nog altijd een factor vier kleiner dan de experimentele waarde. In de spin-52
+ sector voorspelt

het model twee toestanden in de 2~ω band, in overeenstemming met het aantal experimenteel

waargenomen resonanties. Wat de massa betreft, komt de [∆5
2

+]1(1897) zeer goed overeen met

de F35(1905,****) resonantie, en ligt de [∆5
2

+]2(1985) binnen de zeer ruime onzekerheidsgrenzen

van de minder goed gekende F35(2000,**). De vervalbreedtes van deze resonanties zijn echter

twee, respectievelijk één grootteorde kleiner dan de experimentele gegevens. Er zijn geen andere

toestanden waarmee de experimenteel waargenomen resonanties geïdentificeerd kunnen worden.

Voor de laatste toestand van de 2~ω band geldt een gelijkaardige situatie. De [∆7
2

+]1(1956) ligt



3.2. Berekeningen 44

binnen de grenzen van de goed gekende F37(1950,****) en heeft in tegenstelling tot de vorige res-

onanties een redelijk grote vervalbreedte, maar wel één die opnieuw een grootteorde kleiner is dan

de eveneens zeer grote vervalbreedte van de F37(1950,****) (waarop, in tegenstelling tot de an-

dere experimenteel gemeten breedtes, geen grote onzekerheden zitten). Vergelijken we tenslotte

onze waarden met die van Capstick en Roberts, dan zien we dat deze laatste steeds groter zijn.

Het verschil is meestal een grootteorde, met de [∆1
2

+]2(1907) als uitschieter.

Toestanden in de 3~ω band

Bekijken we de 3~ω band van het spectrum , dan zien we dat alle voorspelde toestanden in de

zone tussen 2100 en 2300 MeV te vinden zijn. Bij de experimenteel bepaalde resonanties is er

echter een drietal dat een stuk lager ligt, namelijk rond de 1900 MeV. Aangezien de voorspelde

1~ω toestanden al geïdentificeerd kunnen worden met twee lager gelegen vier-ster resonanties,

moeten deze resonanties tot de 3~ω band behoren. Twee ervan (de S31(1900,**) en D33(1940,*))

krijgen slechts een twee en één sterren-classificatie van de PDG. Bij de derde resonantie, de

D35(1930,***) vermeldt de PDG bovendien dat de verschillende experimentele gegevens vrij in-

consistent zijn. De berekende vervalbreedtes voor toestanden in deze band worden voorgesteld

in tabel 3.7. Ze worden vergeleken met de drie besproken resonanties en nog twee één-ster reso-

nanties die hoger gelegen zijn. De experimentele gegevens voor de S31(1900,**) en D35(1930,***)

zijn afkomstig van de PDG. Voor de S31(2150,*) zijn er geen recente gegevens beschikbaar en

wordt de vervalbreedte gegeven uit de experimenten van Cutkosky [Ha02]. Voor de D35(1940,*)

en D35(2350,**) tenslotte worden de waarden uit de experimenten van Manley [MS92] als richt-

waarde gegeven.

We zien dat er slechts één toestand is waarvoor de berekende vervalbreedte boven de 1 MeV

uitstijgt, nl. de [∆1
2

−]2(2100). De breedte van deze toestand is nog altijd een grootteorde kleiner

dan die van de 200 MeV lager gelegen S31(1900,**) resonantie waarmee hij eventueel zou kun-

nen geïdentificeerd worden. Op basis van massa of vervalbreedte is er ook geen enkele toestand

die met de twee andere laag gelegen resonanties (D33(1940,*) en D35(1930,***)) zou kunnen

overeenstemmen. De vier geëxciteerde toestanden in de 5
2

− sector tenslotte liggen allen binnen

de onzekerheidsgrenzen van de D35(2350,*), maar geen enkele heeft een vervalbreedte die in de

buurt komt van de (weliswaar slecht gekende) experimenteel gemeten breedte. We zien dat ook

het model van Capstick en Roberts er niet in slaagt om toestanden te voorspellen die in de

buurt van het triplet lager gelegen resonanties liggen. Ook in dit model zijn de vervalbreedtes

klein. Enkel de [∆5
2

−]1 heeft een breedte in de buurt van die van de D35(1930,***) waarmee ze

geïdentificeerd zou moeten worden, maar de massa ligt zo’n 200 MeV te hoog.
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Tabel 3.7: Vergelijking vervalbreedtes voor 3~ω toestanden (alle waarden in MeV).

Toestand Bonn Exp. Toestand Exp. Breedte [Ha02,MS92] CR [CR94]

[∆1
2

−]2(2100) 1.18 S31(1900,**) (40± 20)+8
−12 1.44(2035)

[∆1
2

−]3(2141) 6.67e-02 S31(2150,*) (16± 4)+8
−8 9.61(2140)

[∆1
2

−]4(2201) 2.35e-01

[∆3
2

−]2(2089) 6.90e-01 D33(1940,*) (89± 55)+58
−58 4.84(2080)

[∆3
2

−]3(2156) 2.88e-02 4.84(2145)

[∆3
2

−]4(2169) 2.84e-02

[∆5
2

−]1(2179) 4.79e-01 D35(1930,***) (53± 18)+15
−15 27.0(2155)

[∆5
2

−]2(2187) 7.31e-02 0.36(2165)

[∆5
2

−]3(2210) 1.57e-04 5.79(2265)

[∆5
2

−]4(2290) 3.94e-02 D35(2350,*) (5± 1)+1
−1 0.01(2325)

Hoger gelegen toestanden

In tabel 3.8 zijn de gegevens voor de overige voorspelde toestanden samengebracht. In de sectoren

waar we toestanden berekend hebben, zijn slechts twee resonanties experimenteel waargenomen,

de H311(2420,****) (breedte gegeven door PDG) en de F37(2390,*) (breedte uit de experimenten

van Cutkosky). De [∆1
2

+]3 toestand heeft een breedte van meer dan 1 MeV. Er is echter nog

geen resonantie waargenomen in dit gebied. Dit hoeft niet meteen de voorspelling van het model

tegen te spreken aangezien geen enkele van de resonanties die tot nu toe waargenomen zijn zo’n

lage breedte heeft. De overige 1
2

+ en 5
2

+ toestanden hebben een zeer kleine breedte en kunnen

opnieuw missing resonances zijn. De drie resterende toestanden in de 7
2

+ sector liggen allen

binnen de onzekerheidsgrenzen op de massa van de F37(2390,*). Slechts één van de drie, nl. de

[∆7
2

+]2 heeft een vervalbreedte die in de buurt komt van de experimentele waarde. Deze breedte

is wel nog steeds een grootteorde kleiner. De [∆11
2

+]1 tenslotte, die als enige voorspelde toestand

binnen de grenzen van de H311(2420,****) resonantie ligt, heeft een breedte die twee grootteordes

lager ligt dan die van zijn experimentele tegenhanger.

3.2.3 N∗ → Λ + K verval

De nucleonresonanties kunnen naast het verval naar de nucleon grondtoestand met emissie van

een pion ook via andere kanalen vervallen. Een mogelijkheid is het verval naar een vreemd

baryon zoals het Λ0, dat een isospinsinglet is met vreemdheid -1. Aangezien bij reacties beheerst

door de sterke wisselwerking, vreemdheid behouden blijft, moet bij dit verval een meson gevormd

worden met vreemdheid +1. Dit meson is het kaon, dat voorkomt als K0 en K+ die samen een
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Tabel 3.8: Vergelijking vervalbreedtes voor hoger gelegen toestanden (alle waarden in MeV).

Toestand Bonn Exp. Toestand Exp. Breedte [Ha02] CR [CR94]

[∆1
2

+]3(2273) 1.75

[∆1
2

+]4(2307) 7.75e-02

[∆5
2

+]3(2302) 1.94e-01

[∆5
2

+]4(2355) 1.81e-01

[∆7
2

+]2(2340) 2.08 2.25(2370)

[∆7
2

+]3(2364) 1.39e-02 F37(2390,*) (24± 12)+8
−8 1.21(2460)

[∆7
2

+]4(2421) 3.22e-02

[∆11
2

+]1(2443) 2.99e-01 H311(2420,****) (40± 20)+10
−10 8.41(2450)

isospindoublet vormen. De massa van de grondtoestand van het Λ0 wordt in het model van Bonn

berekend op 1107 MeV, wat iets lager is dan de experimenteel bepaalde 1116 MeV. Voor het kaon

wordt een vertex (zie Γ̄P̄Mes
in (3.14)) gebruikt waarin de quarkmassa’s gelijk zijn aan die in het

baryonmodel (zie sectie 3.1). Dit geeft voor de kaonmassa een waarde van 543 MeV, wat een

stuk hoger is dan de 494 en 498 MeV die de PDG geeft voor het K+, respectievelijk K0. Dit

heeft als voornaamste effect dat de laagst gelegen nucleonresonanties (o.a. de Roperresonantie)

niet via dit kanaal kunnen vervallen aangezien hun initiële massa onder de 1659 MeV ligt (d.i.

de som van de massa’s van het Λ0 en het kaon). Het ∆ kan niet via dit kanaal vervallen, vermits

behoud van isospin in dat geval namelijk geschonden wordt. Het isospinsinglet van het Λ0 en

het doublet van het kaon kunnen namelijk niet samengesteld worden tot het quadruplet van het

∆.

De berekeningen werden uitgevoerd voor dezelfde toestanden als bij het Nπ verval (behalve de

bovengenoemde laaggelegen resonanties), en de resultaten zijn samengevat in de vijfde en zesde

kolom van tabel A.1.

Toestanden in de 2~ω band

Tabel 3.9: Vergelijking vervalbreedtes voor de laaggelegen 2~ω toestanden (alle waarden in MeV).

Toestand Bonn-ΛK Bonn-Nπ Exp. Massa Exp. Breedte [Ha02] CR [CR98]

[N 1
2

+]3(1741) 1.68e-01 5.39 P11(1710,***) (5± 2)+8
−3 7.84(1770)

[N 3
2

+]1(1704) 4.65e-02 15.2 P13(1720,****) (14± 5)+5
−5 18.5(1795)

[N 5
2

+]1(1712) 6.29e-02 38.2 F15(1680,****) 0.01(1770)
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De gegevens voor de drie lager gelegen toestanden rond 1700 MeV zijn samengebracht in

tabel 3.9. Voor de P11(1710,***) en P13(1720,****) is de experimentele breedte afkomstig uit

het gekoppeld kanaal model van Penner [PM02], voor de laatste wordt deze waarde ook door

de PDG opgegeven. Voor de F13(1680,****) zijn geen experimentele waarden beschikbaar. Ter

vergelijking worden ook de vervalbreedtes naar het pionkanaal uit het model van Bonn en de

resultaten voor het Λ verval uit het model van Capstick en Roberts vermeld [CR98] (zie ook

figuur A.1 voor een vergelijking). We zien dat de in het Bonn-model voorspelde vervalbreedtes

minimum zo’n 50 keer kleiner zijn dan bij het pionverval. Wat de overeenkomst met de experi-

mentele waarde betreft is de voorspelde breedte van de P11(1710,***) dertig keer kleiner. Bij de

P13(1720,****) is het verschil nog iets groter dan bij de P11(1710,***). De overeenkomst is dus

niet bepaald goed te noemen, maar verschillen van één à twee grootteordes waren ook bij het Nπ

kanaal niet echt uitzonderlijk. De fouten op de experimentele breedtes zijn bovendien vrij groot,

vooral voor de P11(1710,***). Het model van Capstick en Roberts voorspelt voor de eerste twee

resonanties breedtes die veel beter overeenkomen met de experimentele waarden. Anderzijds is

bij de [N 5
2

+]1(1712) de overeenkomst met het model van Bonn wel redelijk goed.

Tabel 3.10: Overige berekende 2~ω toestanden (alle waarden in MeV).. Experimentele waarden uit [VDL00,

PM02].

Toestand Bonn-ΛK Bonn-Nπ Exp. Toestand Exp. Breedte CR [CR98]

[N 1
2

+]4(1962) 1.29e-01 5.14e-03 P11(2100,*) (226± 215)+135
−135 0.01(1880)

[N 1
2

+]5(2013) 7.93e-02 4.86e-01 1.21(1975)

[N 3
2

+]2(1922) 1.31e-01 3.13e-01 P13(1900,**) (0.62± 0.62)+0.04
−0.04 0.81(1870)

[N 3
2

+]3(1969) 1.21e-01 1.21e-01 0.00(1910)

[N 3
2

+]4(1994) 5.16e-02 8.31e-02 3.61(1950)

[N 5
2

+]2(1968) 4.52e-02 3.07e-02 F15(2000,**) 0.00(1980)

[N 5
2

+]3(1986) 2.88e-02 1.49e-02 0.25(1995)

[N 7
2

+]1(1986) 1.32e-01 1.94e-01 F17(1990,**) 0.00(2000)

Ook voor de overige toestanden in de 2~ω band (zie tabel 3.10) zijn alle voorspelde breedtes

kleiner dan 1 MeV. Ook de experimentele informatie is schaars. Enkel voor de P11(2100,*)

[VDL00] en de P13(1900,**) [PM02] zijn er gegevens beschikbaar, zij het dan met zeer grote

fouten. De breedtes van de twee toestanden in de 1
2

+ sector liggen enkele grootteordes lager

dan de experimenteel bepaalde waarden. De breedte van de [N 3
2

+]2(1922) toestand blijkt vrij

goed overeen te komen met die van de P13(1900,**). Bekijken we de breedtes voor het Nπ en

ΛK kanaal, zoals berekend in het Bonn-model, dan zien we dat bij bijna alle toestanden het

verschil tussen beide zeer klein is. Enkel bij de [N 1
2

+]4 is het verschil duidelijk groter dan een
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factor 10. Het model van Capstick en Roberts voorspelt in deze regionen meestal ook zeer kleine

vervalbreedtes, met enkel de [N 1
2

+]5 en [N 3
2

+]4 als uitschieters.

Toestanden in de 1~ω band

Over de 1~ω band kunnen we kort zijn. Slechts voor één berekende toestand is het energetisch

mogelijk om naar een kaon en Λ0 te vervallen, nl. de [N 1
2

−]2(1677). Deze toestand wordt geïden-

tificeerd met de S11(1650,****) resonantie. Als we de berekende vervalbreedte van 3.13e-03 MeV

vergelijken met de waarde die gegeven wordt door de PDG, nl. (4.0 ± 0.6)+1.1
−0.1, zien we dat ze

een drietal grootteordes te klein is. Ook de berekende breedte voor het pionverval (2.91 MeV)

van deze toestand viel te licht uit in vergelijking met het experiment, maar het verschil is hier

toch nog een orde groter.

Toestanden in hoger gelegen banden

Voor de overige toestanden zijn er opnieuw zeer weinig experimentele gegevens beschikbaar (zie

tabel 3.11). Enkel voor de D13(2080,**) vermeldt de PDG een waarde uit het gekoppeld kanaal

model van Penner [PM02], zij het met een grote fout. Zowel de [N 3
2

−]3(1924) als de [N 3
2

−]4(1972)

toestand liggen binnen de onzekerheidsgrenzen op de massa van deze resonantie en hebben een

breedte die zelfs iets hoger ligt dan de experimentele waarde. In het model van Capstick en

Roberts zijn de breedtes voor deze twee toestanden een stuk hoger in vergelijking met de rest,

en ook een stuk groter dan de experimentele waarde. Bij de overige toestanden vinden de

hoogst voorspelde waarde we bij de [N 5
2

+]4(2151). Deze ligt binnen de massagrenzen van de

F15(2000,**) waarvoor jammer genoeg geen gegevens beschikbaar zijn. Ook voor het Nπ verval

had deze toestand een grote breedte, die bovendien in de buurt van de experimentele waarde lag.

Algemeen beschouwd vinden we hier -in tegenstelling tot bij de lager gelegen banden- meerdere

toestanden met een voorspelde breedte die hoger ligt dan 1 MeV, meer specifiek in de 1
2

− en
3
2

− sectoren. Deze voorspelde toestanden hadden ook bij het pion verval een breedte van gelijke

grootteorde. Rond 1900 MeV werden recentelijk door SAPHIR [Gl03] en CLAS [McN04] in beide

sectoren een nieuwe resonantie ontdekt. De experimenten zijn gebaseerd op vreemdheidsproduc-

tie en deze resonanties zouden dus kunnen geïdentificeerd worden met één van de aangehaalde

resonanties uit de 1
2

− en 3
2

− sector [JR01,JR02,MB99].

3.2.4 N∗ → Σ + K verval

Naast het Λ0 isospin singlet bestaat er ook nog een triplet van baryontoestanden met vreemdheid

-1, bestaande uit het Σ−, Σ0 en Σ+. Zowel geëxciteerde toestanden van het nucleon als van het ∆
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Tabel 3.11: Overige berekende breedtes voor de ΛK en Nπ kanalen (alle waarden in MeV).

Toestand Bonn-ΛK Bonn-Nπ Exp. Toestand Exp. Breedte [PM02] CR [CR98]

[N 1
2

+]6(2042) 2.14 23.7 P11(2100,*) (226± 215)+135
−135 0.16(2065)

[N 1
2

+]7(2200) 4.11 1.22 0.81(2210)

[N 5
2

+]4(2151) 7.48 28.7 F15(2000,**)

[N 7
2

+]2(2214) 2.73e-02 2.24 2.89(2390)

[N 7
2

+]3(2417) 6.19e-04 2.44e-01 0.01(2410)

[N 7
2

+]4(2432) 2.96e-03 3.85e-01 0.00(2455)

[N 9
2

+]1(2207) 1.04 5.22 H19(2220,****) 0.16(2345)

[N 13
2

+]1(2612) 3.57e-01 1.10 K113(2700,**) 0.04(2820)

[N 1
2

−]3(1938) 3.37 15.9 S11(2090,*) 5.29(1945)

[N 1
2

−]4(1940) 1.46 7.78 0.09(2030)

[N 3
2

−]3(1924) 2.40 13.2 D13(2080,**) (1.7± 1.7)+0.0
−0.0 31.4(1960)

[N 3
2

−]4(1972) 4.29 8.76 7.29(2055)

[N 5
2

−]2(1979) 3.60e-01 5.06 D15(2200,**) 8.41(2080)

[N 5
2

−]3(2130) 3.61e-03 1.20 2.89(2095)

[N 5
2

−]4(2162) 3.88e-02 2.34e-01 0.09(2180)

[N 7
2

−]1(2000) 9.57e-01 7.21 1.69(2090)

[N 7
2

−]2(2176) 2.43e-03 3.64e-02 G17(2190,****) 0.25(2205)

[N 9
2

−]1(2189) 2.23e-01 2.79e-03 G19(2250,****) 0.00(2215)

[N 11
2

−]1(2399) 3.88e-01 1.13 0.13(2600)

[N 11
2

−]2(2590) 3.08e-04 7.97e-03 I111(2600,***) 0.04(2670)

kunnen vervallen naar het Σ met emissie van een K-meson. De grondtoestand van het Σ wordt in

het model van Bonn berekend op 1185 MeV, iets lager dus dan de experimenteel bepaalde waarde

van 1193 die door de PDG opgegeven wordt [Ha02]. Aangezien het Σ iets zwaarder is dan het

Λ0 zal ook de drempelenergie voor verval via dit kanaal iets hoger liggen, nl. bij 1728 MeV. Dit

betekent dat geen enkele toestand uit de 1~ω band via dit kanaal kan vervallen. Berekeningen

werden wederom uitgevoerd voor alle geëxciteerde toestanden van het nucleon die boven deze

grens lagen. De resultaten zijn te zien in tabel A.1.

Toestanden in de 2~ω band

Van de eerder genoemde laaggelegen resonanties in de 2~ω band is er nog slechts één waarvan

de massa hoog genoeg is om verval naar Σ-K mogelijk te maken. De berekende vervalbreedte is,
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samen met deze van alle andere voorspelde toestanden in de 2~ω band, in tabel 3.12 af te lezen.

De experimentele gegevens zijn opnieuw schaars. Enkel voor de P11(1710,***) en de P13(1900,**)

zijn er waarden beschikbaar uit het gekoppeld kanaal model van Penner [PM02]. We merken

eerst en vooral op, dat geen enkele voorspelde breedte boven de 1MeV ligt. Vergelijking van de

twee experimentele waarden met de voorspelde breedtes van de toestanden die hiermee geïdenti-

ficeerd worden, leert dat de berekende waarde bij de [N 1
2

+]3(1741) bijna drie grootteordes kleiner

is, en bij de [N 3
2

+]2(1922) één grootteorde. De relatieve fout op de experimentele waarden is

echter 1, zodat hier eigenlijk alles mogelijk is. Er is, zoals ook het geval was bij het ΛK kanaal

niet veel verschil met de vervalbreedtes naar het Nπ kanaal. Enkel bij de [N 1
2

+]3 en [N 1
2

+]4 is

er (eveneens net zoals bij het verval naar het Λ) een verschil van enkele ordes. In tegenstelling

tot het model van Bonn, voorspelt het model van Capstick en Roberts wel enkele toestanden

met een grote breedte voor dit kanaal, waarbij vooral de [N 3
2

+]2 met een breedte van 49 MeV,

veel hoger dan de waarden van [PM02], in het oog springt.

Tabel 3.12: Berekende toestanden in de 2~ω band (alle waarden in MeV)

Toestand Bonn-ΣK Bonn-Nπ Exp. Toestand Exp. Breedte [PM02] CR [CR98]

[N 1
2

+]3(1741) 1.38e-02 5.39 P11(1710,***) (7± 7)+11
−4 1.21(1770)

[N 1
2

+]4(1962) 1.42e-01 5.14e-03 P11(2100,*) 13.7(1880)

[N 1
2

+]5(2013) 6.38e-02 4.86e-01 0.36(1975)

[N 3
2

+]2(1922) 5.19e-01 3.13e-01 P13(1900,**) (6.2± 6.2)+0.4
−0.4 49.0(1870)

[N 3
2

+]3(1969) 3.97e-02 1.21e-01 6.25(1910)

[N 3
2

+]4(1994) 4.46e-02 8.31e-02 1.96(1950)

[N 5
2

+]2(1968) 2.01e-03 3.07e-02 F15(2000,**) 0.16(1980)

[N 5
2

+]3(1986) 1.90e-01 1.49e-02 0.36(1995)

[N 7
2

+]1(1986) 5.83e-01 1.94e-01 F17(1990,**) 1.21(2000)

Toestanden in hoger gelegen banden

De overige berekende toestanden zijn samengebracht in tabel 3.13. Slechts voor één experimenteel

bepaalde resonantie, de D13(2080,**), zijn er gegevens beschikbaar voor de vervalbreedte naar

het Σ, opnieuw uit [PM02]. Van twee voorspelde toestanden die binnen de onzekerheidsgrenzen

van deze resonantie vallen, werd de vervalbreedte berekend, die echter wel telkens een grootte-

orde te klein uitvalt. Bijna alle berekende breedtes zijn opnieuw zeer klein, op de [N 7
2

+]3(2417)

en de [N 5
2

−]3(2130) na. De breedte van deze twee toestanden voor het ΣK kanaal is telkens

ongeveer een factor tien groter dan die voor het Nπ kanaal. Bovendien was de breedte voor het

ΛK kanaal zeer klein. In de buurt van de [N 7
2

+]3(2417) is er nog geen resonantie experimenteel
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waargenomen. Maar de voorspelde massa ligt wel in de buurt van de bovengrens van de meeste

huidige experimenten. Eventueel gaat het hier om een ontbrekende resonantie die door middel

van vreemheidsproductie-reacties waargenomen zou kunnen worden. De [N 5
2

−]3(2130) ligt wel

binnen de grenzen van de D15(2200,**). Ook bij Capstick en Roberts springen deze toestanden

enigszins boven de andere uit. De hoogste waarden vinden we daar in de 1
2

− sector, waar door

het model van Bonn zeer kleine breedtes voorspeld worden.

Tabel 3.13: Overige berekende breedtes (alle waarden in MeV).

Toestand Bonn-ΣK Bonn-Nπ Exp. Toestand Exp. Breedte [PM02] CR [CR98]

[N 1
2

+]6(2042) 2.55e-03 23.7 P11(2100,*) 0.09(2065)

[N 1
2

+]7(2200) 1.28e-02 1.22

[N 5
2

+]4(2151) 5.44e-02 28.7 F15(2000,**)

[N 7
2

+]2(2214) 3.14e-06 2.24 0.01(2390)

[N 7
2

+]3(2417) 2.59 2.44e-01 2.89(2410)

[N 7
2

+]4(2432) 7.28e-01 3.85e-02 0.25(2455)

[N 9
2

+]1(2207) 8.21e-01 5.22 H19(2220,****) 0.00(2345)

[N 13
2

+]1(2612) 3.69e-04 1.10 K113(2700,**) 0.00(2820)

[N 1
2

−]3(1938) 3.53e-04 15.9 S11(2090,*) 4.41(1945)

[N 1
2

−]4(1940) 3.55e-04 7.78 20.3(2030)

[N 3
2

−]3(1924) 1.17e-01 13.2 D13(2080,**) (6.0± 3.4)+0.0
−0.0 0.49(1960)

[N 3
2

−]4(1972) 1.64e-01 8.76 3.24(2055)

[N 5
2

−]2(1979) 3.33e-04 5.06 D15(2200,**) 5.76(2080)

[N 5
2

−]3(2130) 8.66 1.20 6.25(2095)

[N 5
2

−]4(2162) 5.83e-02 2.34e-01 2.25(2180)

[N 7
2

−]1(2000) 3.69e-04 7.21 0.04(2090)

[N 7
2

−]2(2176) 5.25e-02 3.64e-02 G17(2190,****) 0.16(2305)

[N 9
2

−]1(2189) 5.73e-01 2.23e-01 G19(2250,****) 1.21(2215)

[N 11
2

−]1(2399) 3.67e-04 1.13 0.00(2600)

[N 11
2

−]2(2590) 1.89e-02 7.97e-03 I111(2600,***) 0.04(2670)

3.2.5 ∆∗ → Σ + K verval

Zoals in de vorige sectie vermeld werd, kan ook het ∆ vervallen naar een Σ, met emissie van

een kaon. De vervalbreedte voor dit verval werd berekend voor dezelfde toestanden als bij het

pionverval. Enkel de laagst gelegen toestanden, nl. de ∆ grondtoestand en de twee overige 1~ω
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toestanden hebben een te lage massa en kunnen dus niet via dit kanaal vervallen. De resultaten

zijn te zien in tabel A.2.

Toestanden in de 2~ω band

In tabel 3.14 zijn de resultaten voor de 2~ω band samengebracht. Er wordt opnieuw vergeleken

met de resultaten van Capstick en Roberts en ook de resultaten voor het Nπ kanaal uit het

model van Bonn worden vermeld (zie ook figuur A.2 voor een vergelijking). Slechts voor twee

resonanties waren gegevens beschikbaar [PM02]. Voor de P31(1750,*) is de fout op de breedte

even groot als de waarde zelf. Het model van Bonn voorspelt een breedte die een orde lager

ligt, die van Capstick en Roberts ligt een orde hoger. Ook bij de andere toestand in deze sector

is er een groot verschil tussen de twee modellen. Een opmerkelijke situatie doet zich voor in

de 3
2

+ sector. De laagst gelegen [∆3
2

+]2(1810) toestand in deze sector heeft namelijk van alle

voorspelde toestanden de grootste vervalbreedte naar het Σ kanaal. Ook voor het Nπ kanaal

had deze toestand een grote breedte. Bij het model van Capstick en Roberts is de situatie net

omgekeerd. Daar heeft de laagst gelegen toestand een zeer kleine breedte, terwijl de twee vol-

gende een breedte hebben van dezelfde orde als die van de [∆3
2

+]2(1810)-breedte in het model

van Bonn. Voor de P33(1920,***) (waarmee de [∆3
2

+]4(1951) geïdentificeerd kan worden) zijn er

experimentele gegevens beschikbaar die dichter aanleunen bij de waarde van Capstick en Roberts.

De overige toestanden in de 2~ω band hebben allen zeer kleine breedtes.

Tabel 3.14: Vergelijking vervalbreedtes voor 2~ω toestanden (alle waarden in MeV).

Toestand Bonn-ΣK Bonn-Nπ Exp. Toestand Exp. Breedte [PM02] CR [CR98]

[∆1
2

+]1(1866) 1.55e-02 2.83 $P31(1750,*) (0.63± 0.63)+0.02
−0.02 8.41(1935)

[∆1
2

+]2(1907) 5.90e-01 1.56e-01 P31(1910,****) 47.6(1875)

[∆3
2

+]2(1810) 9.07 15.1 P33(1600,***) 0.00(1795)

[∆3
2

+]3(1871) 2.15e-02 8.77e-01 10.9(1915)

[∆3
2

+]4(1951) 1.95e-01 3.24e-01 P33(1920,***) (4.2± 0.6)+2.1
−1.1 10.2(1985)

[∆5
2

+]1(1897) 2.94e-03 2.51e-01 F35(1905,****) 0.16(1910)

[∆5
2

+]2(1985) 1.55e-01 5.80e-01 F35(2000,**) 0.04(1990)

[∆7
2

+]1(1956) 8.13e-01 3.19 F37(1950,****) 1.44(1940)

Toestanden in de 3~ω band

In de 3~ω band waren tot hiertoe de grootste verschillen te vinden tussen het experimentele en

berekende spectrum. Tabel 3.15 leert dat voor de eerste excitaties in de 1
2

− en 3
2

− sector (die een
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veel hogere massa hebben dan hun experimentele tegenhangers) door de beide modellen ongeveer

dezelfde breedte voorspeld wordt. Bij de tweede excitaties in deze sectoren bedraagt dit verschil

wel al enkele grootteordes. Ook in de 5
2

− sector zijn de verschillen niet echt groot, behalve bij

de derde geëxciteerde toestand. Hier zijn ook enkele toestanden te zien waarvan de breedte voor

verval naar het Σ groter is dan dat naar het nucleon (bv. de [∆1
2

−]2(2100)), maar het verschil

blijft beperkt.

Tabel 3.15: Vergelijking vervalbreedtes voor 3~ω toestanden (alle waarden in MeV).

Toestand Bonn-ΣK Bonn-Nπ Exp. Toestand Exp. Breedte CR [CR98]

[∆1
2

−]2(2100) 2.73 1.18 S31(1900,**) 3.61(2035)

[∆1
2

−]3(2141) 6.62e-02 6.67e-02 S31(2150,*) 16.8(2140)

[∆1
2

−]4(2201) 1.32 2.35e-01

[∆3
2

−]2(2089) 1.24 6.90e-01 D33(1940,*) 1.21(2080)

[∆3
2

−]3(2156) 9.41e-02 2.88e-02 3.61(2145)

[∆3
2

−]4(2169) 2.00e-02 2.84e-02

[∆5
2

−]1(2179) 7.23e-01 4.79e-01 F35(1930,***) 4.41(2155)

[∆5
2

−]2(2187) 5.25e-01 7.31e-02 1.00(2165)

[∆5
2

−]3(2210) 8.68e-04 1.57e-04 6.25(2265)

[∆5
2

−]4(2290) 1.23e-01 3.94e-02 F35(2350,*) 0.09(2325)

Hoger gelegen toestanden

Het gebied van de hoger gelegen banden wordt opnieuw gekenmerkt door een gebrek aan expe-

rimentele gegevens (zie tabel 3.15). Voor de [∆1
2

+]3 en [∆1
2

+]4 toestand wordt wel een breedte

voorspeld die aan de hoge kant ligt. Vooral bij de laatste lijkt dit interessant aangezien de breedte

voor verval naar het pion kanaal zo’n 15 keer kleiner is wat wederom betekent dat deze opge-

spoord zou kunnen worden in experimentele vreemdheidsproductie-reacties. De [∆7
2

+]2 toestand

heeft de op één na grootste berekende breedte van alle toestanden, en de waarde ligt vrij dicht

bij die van Capstick en Roberts.

3.2.6 Λ∗ → N + K̄ verval

Tenslotte bespreken we het verval van het Λ-hyperon naar NK̄. Aangezien het Λ vreemdheid

-1 bezit en het nucleon vreemdheid 0, moet het in de reactie geproduceerde meson noodzakeli-

jkerwijze ook vreemdheid -1 bezitten. Dit is het geval voor de K̄0 en K̄−, de antimesonen van

het K0, respectievelijk K+. De massa van de nucleongrondtoestand wordt door het model van
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Tabel 3.16: Vergelijking vervalbreedtes voor hoger gelegen toestanden (alle waarden in MeV).

Toestand Bonn-ΣK Bonn-Nπ Exp. Toestand Exp. Breedte CR [CR98]

[∆1
2

+]3(2273) 2.75 1.75

[∆1
2

+]4(2307) 1.13 7.75e-02

[∆5
2

+]3(2302) 3.34e-01 1.94e-01

[∆5
2

+]4(2355) 8.69e-02 1.81e-01

[∆7
2

+]2(2340) 5.33 2.08 3.61(2370)

[∆7
2

+]3(2364) 6.37e-03 1.39e-02 F37(2390,*) 0.25(2460)

[∆7
2

+]4(2421) 4.06e-02 3.22e-02

[∆11
2

+]1(2443) 3.70e-01 2.99e-01 H311(2420,****) 0.25(2450)

Bonn berekend op 945 MeV en de massa van het K̄ op 543 MeV, wat leidt tot een drempe-

lenergie van 1488 MeV. Het verval werd bij lagere J opnieuw voor de vier eerste excitaties in

elke sector berekend. Voor hogere J werd een selectie gemaakt van voorspelde toestanden die

in de buurt van experimenteel goed gekende resonanties liggen. De vergelijking tussen de voor-

spellingen van het model van Bonn en het experimentele lambda-spectrum is te zien in figuur 3.4.

Toestanden in de 2~ω band

Als men de spectra van het lambda en het nucleon voor de 2~ω band vergelijkt, ziet men dat

er bij het lambda meer toestanden voorspeld worden. Dit is een gevolg van de opbouw van de

golffuncties volgens (2.64). Bij het nucleon kunnen enkel golffuncties gevormd worden waarvan

het smaakdeel transformeert volgens een octetrepresentatie van SU(3). Bij het Λ zijn ook extra

toestanden mogelijk met een smaakdeel dat transformeert volgens een SU(3)-singlet. Dit is een

gevolg van de aanwezigheid van het vreemde quark. We dienen hierbij wel op te merken dat,

hoewel voor het Λ meer toestanden voorspeld worden dan voor het nucleon, er op dit moment

experimenteel wel minder lambda- dan nucleonresonanties gekend zijn.

Door de ’t Hooft interactie zijn er net zoals bij het nucleon een viertal lager gelegen toestanden,

die elk geïdentificeerd kunnen worden met een goed gekende experimentele resonantie [LMP01b].

We zien dat de [Λ1
2

+]2-massa hier wel nog een stuk te hoog voorspeld wordt. Bij een hoger aantal

oscillatorbanden in de berekeningen neemt de massa van deze toestand echter nog een stuk af,

en komt ze binnen de onzekerheidsgrenzen op de P01(1600,***) resonantie te liggen [LMP01b].

We gebruiken hier een lager aantal (nl. 8 of 9) om de rekentijd voor de sterk verval amplitudes

enigszins binnen de perken te houden. De [Λ1
2

+]3 en [Λ3
2

+]1-massa’s liggen binnen de mas-

sagrenzen van hun experimentele tegenhangers (P01(1810,***), respectievelijk P03(1890,****)).

De [Λ5
2

+]1 tenslotte wordt iets te hoog voorspeld, maar ook dit verschil wordt kleiner in een
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Figuur 3.4: Lambdaspectrum: vergelijking tussen de voorspellingen door het model van Bonn en de
experimentele gegevens. Zelfde conventies als in fig. 3.2.



3.2. Berekeningen 56

nauwkeuriger berekening [LMP01b]. De vergelijking tussen de experimenteel gemeten en voor-

spelde breedtes wordt gemaakt in tabel 3.17. De experimentele waarden zijn opnieuw afkomstig

uit [Ha02].

Tabel 3.17: Vergelijking vervalbreedtes voor laaggelegen 2~ω toestanden (alle waarden in MeV).

Toestand Bonn Exp. Massa Exp. Breedte [Ha02]

[Λ1
2

+]2(1752) 6.23 P01(1600,***) (34± 26)+23
−23

[Λ1
2

+]3(1805) 3.59 P01(1810,***) (53± 23)+35
−35

[Λ3
2

+]1(1860) 1.29 P03(1890,****) (28± 8)+28
−11

[Λ5
2

+]1(1857) 86.6 F05(1820,****) (48± 4)+6
−6

De overeenkomst tussen de voorspelde en experimentele waarden is opnieuw redelijk te noe-

men. Bij de eerste drie toestanden bedraagt het verschil met de experimentele waarde, waarop

echter wel grote fouten zitten, ongeveer een grootteorde. Dit is zowat de trend die we bij de

andere soorten verval ook zagen. Het resultaat voor de [Λ5
2

+]1(2149) is echter het meest opval-

lend. Voor deze toestand wordt een breedte voorspeld die slechts een factor twee hoger ligt dan

zijn experimentele tegenhanger, die bovendien goed gekend is. Als we rekening houden dat het

verschil in amplitude dan slechts een factor wortel twee bedraagt, kunnen we besluiten dat we

hier een mooie overeenkomst bekomen tussen model en experiment.

De overige toestanden in de 2~ω band waarvoor in deze thesis een breedte is berekend, zijn

ondergebracht in tabel 3.18. In dit gebied werden slechts twee resonanties reeds experimenteel

waargenomen, veel minder dan het aantal voorspelde toestanden. Voor de minder goed gekende

F07(2020,*) geeft de PDG geen waarde op. Ze vermeldt wel de resultaten (zonder fouten) uit

experimenten van Declais, die hier opgenomen zijn als richtwaarde. We zouden hier dus te maken

kunnen hebben met ontbrekende resonanties die dan een lage vervalbreedte zouden moeten ver-

tonen voor het NK̄ kanaal. Als we echter de breedtes bekijken, zien we dat deze niet bepaald

lager zijn dan die uit de vorige tabel 3.17. Vooral de [Λ1
2

+]4(1957), met een breedte van 29.5

MeV springt in het oog. Anderzijds zouden met de toestanden met lage breedte ([Λ5
2

+]3(2131)

en [Λ7
2

+]1(2161)) volgens het experiment resonanties met een significante breedte moeten corre-

sponderen. We kunnen dus besluiten dat er in dit gebied niet echt een goede overeenkomst met

de data is.

Toestanden in de 1~ω band

In de 1~ω band worden door het model van Bonn zeven toestanden voorspeld. Experimenteel

zijn in dit gebied zes resonanties waargenomen. Enkel voor de [Λ3
2

−]3(1805) is er (nog) geen ex-
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Tabel 3.18: Overige toestanden uit de 2~ω band (alle waarden in MeV).

Toestand Bonn Exp. Massa Exp. Breedte [Ha02]

[Λ1
2

+]4(1957) 29.5

[Λ1
2

+]5(2149) 3.25

[Λ3
2

+]2(1995) 2.44

[Λ3
2

+]3(2091) 6.54e-01

[Λ3
2

+]4(2143) 2.07

[Λ5
2

+]2(2032) 1.96

[Λ5
2

+]3(2131) 2.64e-01 F05(2110,***) (75± 25)+19
−19

[Λ5
2

+]4(2174) 9.63e-02

[Λ7
2

+]1(2161) 2.28e-01 F05(2020,*) 8

perimentele tegenhanger gevonden. We zien dat de voorspelde massa’s zeer goed overeenkomen

met de experimentele. Wel wordt de [Λ1
2

−]3(1879) iets te hoog voorspeld, maar de overeenkomst

verbetert weer bij een hoger aantal oscillator banden [LMP01b]. De grootste afwijking is er echter

bij de [Λ1
2

−]1(1550). Deze wordt zo’n 150 MeV te hoog voorspeld. Het reproduceren van de lage

ligging van de experimentele S01(1405) toestand is een probleem waarmee ook andere modellen

te kampen hebben. In [LMP01b] wordt als mogelijke reden voor de lage ligging aangehaald dat

voor deze resonantie (die net onder de grensenergie voor NK̄ verval ligt) de drie-quark toestand

zeer sterk zou koppelen met virtuele NK̄ kanalen. Dit zou betekenen dat de voorspelde ampli-

tude voor de [Λ1
2

−]1(1550) uitzonderlijk groot zou moeten zijn.

Tabel 3.19: Vergelijking vervalbreedtes voor 1~ω toestanden (alle waarden in MeV).

Toestand Bonn Exp. Massa Exp. Breedte [Ha02]

[Λ1
2

−]1(1550) 31.7 S01(1405,****)

[Λ1
2

−]2(1664) 2.79 S01(1670,****) (9± 2)+4
−3

[Λ1
2

−]3(1879) 1.98 S01(1800,***) (98± 23)+33
−33

[Λ3
2

−]1(1511) 9.19e-01 D03(1520,****) (7.0± 0.2)+0.5
−0.5

[Λ3
2

−]2(1678) 12.4 D03(1690,****) (15± 3)+3
−3

[Λ3
2

−]3(1805) 1.80

[Λ5
2

−]1(1848) 2.13e-01 D05(1830,****) (6.2± 3.3)+1.0
−2.3

Als we in tabel 3.19 (waar wederom de vergelijking tussen model en experiment gemaakt

wordt) de breedte voor de [Λ1
2

−]1(1550) bekijken, zien we dat deze in vergelijking met de andere
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toestanden in de band vrij groot is, maar nog niet echt extreem groot. Voor de andere toestanden

in de band is er een goede overeenkomst tussen voorspelling en experiment. Het verschil wordt

nooit echt groter dan een grootteorde. Enkel de [Λ1
2

−]3(1879) valt wat klein uit. De voorspelde

waarde voor de [Λ3
2

−]3(1805) is eveneens vrij laag, zodat we hier te maken kunnen hebben met

een ontbrekende resonantie.

Toestanden in hogere banden

De resultaten voor toestanden uit hoger gelegen banden zijn te zien in tabel 3.20. Er zijn slechts

twee resonanties bekend in dit gebied, nl. de H09(2350,***) en de G07(2100,****). Voor de

eerste geeft de PDG geen fout op de partiële breedte [Ha02]. We zien dat voor de toestanden die

met deze resonanties geïdentificeerd worden, de massa’s zeer dicht bij de experimentele waarden

liggen en de voorspelde breedtes in goede overeenstemming zijn met het experiment. Bij de

[Λ7
2

−]1(2101) is de berekende waarde zelfs iets te groot. Voor de 7
2

+ en 5
2

− toestanden, voor-

namelijk bij de derde en vierde excitatie, zijn de breedtes niet echt groot, . Mogelijk hebben we

hier weer te maken met ontbrekende resonanties. De [Λ1
2

−]4(2089) en [Λ3
2

−]4(2041) daarentegen

hebben een breedte die bij de grootste van alle berekende waarden behoort. Er is echter nog geen

enkele resonantie in de nabijheid van deze toestanden waargenomen. Wel zijn de experimentele

gegevens in dit gebied nog vrij schaars zodat in de toekomst nog nieuwe resonanties ontdekt

zouden kunnen worden met hoge breedte voor verval naar het NK̄ kanaal.

Tabel 3.20: Vergelijking vervalbreedtes voor hoger gelegen toestanden (alle waarden in MeV).

Toestand Bonn Exp. Massa Exp. Breedte [Ha02]

[Λ7
2

+]2(2396) 3.96

[Λ7
2

+]3(2504) 1.39e-01

[Λ7
2

+]4(2606) 8.92e-03

[Λ9
2

+]1(2379) 45.1 H09(2350,***) (18)+12
−6

[Λ1
2

−]4(2089) 22.1

[Λ3
2

−]4(2041) 31.0

[Λ5
2

−]2(2114) 4.37

[Λ5
2

−]3(2219) 3.95e-01

[Λ5
2

−]4(2335) 1.14e-01

[Λ7
2

−]1(2101) 70.4 G07(2100,****) (60± 10)+15
−30



Hoofdstuk 4

Conclusies

De grote verdienste van het relativistisch quarkmodel van Bonn is ongetwijfeld de zeer goede be-

schrijving van de baryonspectra. Tot de schaarse pijnpunten behoren bv. de hoge ligging van de

Roper-resonantie, en de 3~ω band in het deltaspectrum. Wat sterke vervalbreedtes betreft, is de

correspondentie met de experimentele waarden echter heel wat minder goed. Kwalitatief komen

de berekende waarden in een aantal gevallen (vooral voor de laagstgelegen nucleonresonanties bij

het nucleon-pion verval) betrekkelijk goed met de experimentele waarden overeen, maar bij een

niet verwaarloosbaar aantal andere gevallen is de afwijking wel groot. De berekende waarden

zijn op enkele uitzonderingen na altijd kleiner dan de experimentele, en het verschil tussen beide

varieert van praktisch niets tot enkele grootteordes. Enkel bij het laatst besproken verval van

lambdaresonanties, voornamelijk deze met hoge spin, stuitten we op veel hoge berekende waar-

den, waarvan er enkele boven de experimentele uitkwamen.

De laaggelegen experimenteel waargenomen resonanties kunnen meestal zonder problemen aan

een voorspelde toestand uit het model gelinkt worden, waarmee de massa ongeveer overeenkomt.

De vergelijking van de vervalbreedtes vormt dan een extra test waaraan het model kan onder-

worpen worden. Hoger gelegen resonanties zijn meestal een stuk minder goed gekend, waardoor

er meerdere voorspelde toestanden binnen de onzekerheidsgrenzen op de massa liggen. Op ba-

sis van de vervalbreedtes (en andere berekende eigenschappen) kan men dan bepalen welke de

meest waarschijnlijke kandidaat is om met de experimentele resonantie geïdentificeerd te wor-

den. Nauwkeurigere experimentele resultaten in deze gebieden zouden natuurlijk deze keuze

vergemakkelijken.

We willen hier wel benadrukken dat deze vervalbreedtes in een laagste orde benadering werden

berekend, en dat dit alles volledig parametervrij gebeurde. De parameters binnen het model

werden immers al vastgelegd door een fit aan de experimentele spectra, in tegenstelling tot bv.

het niet-relativistische model van Capstick en Roberts. De invloed van het relativistisch raam-

werk van het model van Bonn komt duidelijk tot uiting als we de resultaten vergelijken met

die van Capstick en Roberts. Ook hier lopen de verschillen soms op tot enkele grootteordes.

Met de waarden van het model uit Graz, dat ook volledig relativistisch is, zijn onze resultaten
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daarentegen consistenter.

Tenslotte willen we de aandacht vestigen op het feit dat het model niet alleen getoetst kan wor-

den aan gekende resultaten, maar eveneens voorspellende waarde heeft. Het aantal baryon res-

onanties in het model ligt namelijk een stuk hoger dan het aantal dat tot nu toe experimenteel

werd waargenomen. De experimentele waarneming van één van deze ontbrekende resonanties

met de voorspelde kwantumgetallen en massa zou een duidelijke bevestiging voor het model

betekenen. We verwijzen hier in het bijzonder naar de experimentele resultaten i.v.m. vreemd-

heidsproducerende reacties die recentelijk verkregen zijn aan o.a. SAPHIR in Bonn en CLAS

in JLAB. In dit type reacties zouden de in de tekst aangehaalde nucleon- en delta-resonanties,

met hoge breedte voor het verval naar een hyperon-kaon en lage breedte voor het nucleon-pion

verval, kunnen waargenomen worden.

Mogelijkheden voor de toekomst zijn naast het berekenen van het verval van extra toestanden

(zoals de [N 5
2

+]5, de laatste 2~ω toestand), ook het berekenen van nog andere vervalkanalen,

zoals het verval van nucleon- en delta-resonanties naar de deltagrondtoestand, verval van sigma-

resonanties naar NK̄ en ∆K̄, etc. We kunnen een hogere numerieke nauwkeurigheid bereiken

door de basis te vergroten. Dit is zeker van belang als we naar de hogergelegen resonanties

kijken (hogere massa en/of spin). Dit gaat echter gepaard met een verlengde rekentijd en grotere

computergeheugens. Een andere mogelijkheid is de verbetering van de operator voor het sterke

verval. Dit betekent een uitbreiding van het model naar hogere ordes in de potentialen. Dit

vergt echter intensief analytisch en numeriek werk. Men kan eveneens andere aspecten van de

hadronenfysica zoals elektromagnetische en zwakke vormfactoren in dit model bestuderen om zo

een beter beeld van het geheel te krijgen.



Bĳlage A

Sterke vervalbreedtes van

baryonresonanties: resultaten

In deze bijlage zijn alle berekende resultaten samengebracht. Ze zijn, volgens inkomend baryon,

gegroepeerd in drie tabellen: het nucleon (tabel A.1), het delta (tabel A.2) en het lambda

(tabel A.3). Per vervalkanaal worden voor elke berekende toestand twee resultaten gegeven: de

amplitude (zie (3.1)) en de breedte (Partial Decay Width, zie (3.17)), allebei in MeV. Tenslotte

zijn voor het nucleon en het delta een figuren A.1, respectievelijk A.2 bijgevoegd die een snelle

vergelijking tussen de verschillende breedtes toelaten. Voor elke berekende toestand worden,

in een massaplot gegroepeerd per spin en pariteit, de breedtes met een kleurencode aangeduid.

Zo kan men direct zien welk kanaal voor een bepaalde resonantie de hoogste breedte heeft, of

welke toestanden de grootste en laagste berekende breedtes hebben voor een bepaald kanaal.

Berekende breedtes in het groen (groter dan 10 MeV) duiden op toestanden die normaal gezien

kunnen waargenomen worden in een specifiek kanaal.

Tabel A.1: Resultaten voor sterk verval van het nucleonspectrum. Toestanden worden genoteerd als [NJπ]i

en gekenmerkt door spin J , pariteit π en excitatieniveau i. Bin is de berekende massa van de baryonresonantie.

Resultaten zijn gegroepeerd per kanaal onder Amplitude en Partial Decay Width. Alle waarden zijn in MeV

Toestand Bin Nπ: Amp. Nπ: PDW ΛK: Amp. ΛK: PDW ΣK: Amp. ΣK: PDW

[N 1
2

+]2 1538 -2195 37.7

[N 1
2

+]3 1741 824.6 5.39 221.6 1.38e-01 -105.1 1.38e-02

[N 1
2

+]4 1962 -25.84 5.14e-03 -156.8 1.29e-01 -177.1 1.42e-01

[N 1
2

+]5 2013 525.5 4.86e-01 120.9 7.93e-02 155.3 6.38e-02

[N 1
2

+]6 2042 -1767 23.7 -623.0 2.14 -22.76 2.55e-03

[N 1
2

+]7 2200 408.6 1.22 843.7 4.11 -48.90 1.28e-02

[N 3
2

+]1 1704 1960 15.2 184.51 4.65e-02
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Toestand Bin Nπ: Amp. Nπ: PDW ΛK: Amp. ΛK: PDW ΣK: Amp. ΣK: PDW

[N 3
2

+]2 1922 -283.9 3.13e-01 -227.7 1.13e-01 493.3 5.19e-01

[N 3
2

+]3 1969 177.2 1.21e-01 214.3 1.21e-01 131.7 3.97e-02

[N 3
2

+]4 1994 -147.4 8.31e-02 138.6 5.16e-02 435.0 4.46e-02

[N 5
2

+]1 1712 3800 38.2 254.7 6.29e-02

[N 5
2

+]2 1968 -109.4 3.07e-02 -160.4 4.52e-02 36.32 2.01e-03

[N 5
2

+]3 1986 76.67 1.49e-02 -127.3 2.88e-02 -349.4 1.90e-01

[N 5
2

+]4 2151 3408 28.7 1980 7.48 -176.2 5.44e-02

[N 7
2

+]1 1986 -318.3 1.94e-01 99.49 1.32e-01 706.5 5.83e-01

[N 7
2

+]2 2214 1107 2.24 434.6 2.73e-02 -1.529 3.14e-06

[N 7
2

+]3 2417 -287.9 1.44e-01 20.58 6.19e-04 1366 2.59

[N 7
2

+]4 2432 -149.3 3.85e-02 45.03 2.96e-03 724.3 7.28e-01

[N 9
2

+]1 2207 -2070 5.22 -946.2 1.04 27.66 8.21e-01

[N 13
2

+]1 2612 -1082 1.10 -660.1 3.59e-01 16.34 3.69e-04

[N 1
2

−]1 1449 -2100 33.4

[N 1
2

−]2 1668 604.9 2.91 -39.78 3.13e-03

[N 1
2

−]3 1938 -1433 15.9 -845.2 3.67 -8.978 3.53e-04

[N 1
2

−]4 1940 1003 7.78 532.4 1.46 -8.987 3.55e-04

[N 3
2

−]1 1474 3039 35.3

[N 3
2

−]2 1613 -21.38 1.81e-03

[N 3
2

−]3 1924 -1842 13.2 -971.6 2.40 -233.4 1.17e-01

[N 3
2

−]4 1972 -1510 8.76 -1273 4.29 -267.2 1.64e-01

[N 5
2

−]1 1649 1071 3.03

[N 5
2

−]2 1979 1406 5.06 451.1 3.60e-01 -14.69 3.33e-04

[N 5
2

−]3 2130 -695.2 1.20 -43.60 3.61e-03 2234 8.66

[N 5
2

−]4 2162 -308.1 2.34e-01 -142.5 3.88e-02 182.0 5.83e-02

[N 7
2

−]1 2000 -1942 7.21 -842.8 9.57e-01 -30.94 3.69e-04

[N 7
2

−]2 2176 -140.6 3.64e-02 41.13 2.43e-01 198.9 5.25e-02

[N 9
2

−]1 2183 -389.3 2.23e-01 -49.20 2.79e-03 733.0 5.73e-01

[N 11
2

−]1 2399 -987.2 1.13 -631.0 3.88e-01 -19.95 3.67e-04

[N 11
2

−]2 2590 84.93 7.97e-03 17.87 3.08e-04 -143.2 1.89e-02
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Tabel A.2: Resultaten voor sterk verval van het deltaspectrum. Voor notaties en eenheden zie tabel A.1.

Toestand Bin Nπ: Amp. Nπ: PDW ΣK: Amp. ΣK: PDW

[∆1
2

+]1 1866 601.0 2.83 -64.18 1.55e-02

[∆1
2

+]2 1907 -141.6 1.56e-01 377.4 5.90e-01

[∆1
2

+]3 2273 -493.4 1.75 710.2 2.75

[∆1
2

+]4 2307 104.3 7.75e-02 -453.1 1.13

[∆3
2

+]1 1261 -4487 62.4

[∆3
2

+]2 1810 -1956 15.1 2442 9.07

[∆3
2

+]3 1871 -474 8.77e-01 -106.01 2.15e-02

[∆3
2

+]4 1951 -289.7 3.24e-01 295.5 1.95e-01

[∆5
2

+]1 1897 -310.7 2.51e-01 46.57 2.94e-03

[∆5
2

+]2 1985 476.1 5.80e-01 -315.3 1.55e-01

[∆5
2

+]3 2302 -285.9 1.94e-01 427.6 3.34e-01

[∆5
2

+]4 2355 -277.3 1.81e-01 217.4 8.69e-02

[∆7
2

+]1 1957 -1286 3.19 849.9 8.13e-01

[∆7
2

+]2 2340 1084 2.08 -1967 5.33

[∆7
2

+]3 2364 88.87 1.39e-02 67.89 6.37e-03

[∆7
2

+]4 2421 136.3 3.22e-02 -171.1 4.06e-02

[∆11
2

+]1 2443 510.4 2.99e-01 -632.0 3.70e-01

[∆1
2

−]1 1654 -688.4 3.78

[∆1
2

−]2 2100 397.6 1.18 -730.1 2.73

[∆1
2

−]3 2141 94.81 6.67e-02 112.5 6.62e-02

[∆1
2

−]4 2202 -179.1 2.35e-01 497.4 1.32

[∆3
2

−]1 1628 670.6 1.78

[∆3
2

−]2 2089 -428.7 6.90e-01 696.8 1.24

[∆3
2

−]3 2156 88.33 2.88e-02 -189.0 9.41e-02

[∆3
2

−]4 2169 87.84 2.84e-02 -86.99 2.00e-02

[∆5
2

−]1 2179 -441.9 4.79e-01 638.8 7.23e-01

[∆5
2

−]2 2187 -172.8 7.31e-02 543.8 5.25e-01

[∆5
2

−]3 2210 8.041 1.57e-04 -22.02 8.68e-04

[∆5
2

−]4 2290 128.5 3.94e-02 -259.5 1.23e-01
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Tabel A.3: Resultaten voor sterk verval van het lambdaspectrum. Zelfde notatie en eenheden als bij tabel A.1.

Toestand Bin NK̄: Amp. NK̄: PDW

[Λ1
2

+]2 1752 1034 6.23

[Λ1
2

+]3 1805 768.4 3.59

[Λ1
2

+]4 1957 2137 29.5

[Λ1
2

+]5 2149 -704.3 3.25

[Λ3
2

+]1 1860 642.9 1.29

[Λ3
2

+]2 1995 867.2 2.44

[Λ3
2

+]3 2091 446.7 6.54e-01

[Λ3
2

+]4 2143 -794.8 2.07

[Λ5
2

+]1 1857 -6448 86.6

[Λ5
2

+]2 2032 948.5 1.96

[Λ5
2

+]3 2131 347.4 2.64e-01

[Λ5
2

+]4 2174 -210.0 9.63e-02

[Λ7
2

+]1 2161 372.6 2.28e-01

[Λ7
2

+]2 2396 1572 3.96

[Λ7
2

+]3 2504 296.8 1.39e-01

[Λ7
2

+]4 2606 75.93 8.92e-03

[Λ9
2

+]1 2379 5924 45.1

[Λ1
2

−]1 1550 3034 31.7

[Λ1
2

−]2 1664 733.3 2.79

[Λ1
2

−]3 1879 559.5 1.98

[Λ1
2

−]4 2089 -1836 22.1

[Λ3
2

−]1 1511 920.5 9.19e-01

[Λ3
2

−]2 1678 -2163 12.4

[Λ3
2

−]3 1805 -769.4 1.80

[Λ3
2

−]4 2041 -3078 31.0

[Λ5
2

−]1 1848 320.4 2.13e-01

[Λ5
2

−]2 2114 -1414 4.37

[Λ5
2

−]3 2219 425.6 3.95e-01

[Λ5
2

−]4 2335 -229.6 1.14e-01

[Λ7
2

−]1 2101 -6555 70.4
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Figuur A.1: Nucleonspectrum: vergelijking tussen de breedtes berekend in het model van Bonn voor het
Nπ (links), het ΛK (midden) en ΣK kanaal (rechts). Breedtes hoger dan 10 MeV worden in het groen
aangeduid, tussen 1 en 10 MeV in het geel, tussen 0.1 en 1 MeV in het rood en de breedtes kleiner dan
0.1 MeV in het zwart.
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