UNIVERSIDADE FEDERAL DO RIO GRANDE DO SUL
INSTITUTO DE FISICA
Programa de Pds-Graduacao em Fisica

PROGRAMA DE POS-GRADUACHD

PP@HSCH
JFRGS

Interacao Méson-Barion no
Formalismo de Fock-Tani*

Bruna Cesira Folador

Tese realizada sob orientacao do Professor Dr. Di-
miter Hadjimichef e apresentado ao Instituto de
Fisica da UFRGS em preenchimento dos requisitos
para obtencao do titulo de Doutora em Fisica

Porto Alegre
Outubro de 2020.

* Trabalho financiado pelo Conselho Nacional de Desenvolvimento Cientifico e Tecnoldgico (CNPq).



\

A memoria de meu avo Nilo Berto

- exemplo de cardter e de bondade.
(04/08/1927 - 09/05/2019)



Agradecimentos

* A minha familia: obrigada pelo apoio incondicional, pelo carinho e pela compre-
ensao que me dedicaram neste longo percurso.

* Ao meu orientador, Prof. Dr. Dimiter Hadjimichef: obrigada pela orientacao
dedicada nos ultimos 8 anos, por acreditar em mim, pela compreensao e apoio nos
momentos de exaustao .

* Ao Conselho Nacional de Desenvolvimento Cientifico e Tecnolégico (CNPq) pela
bolsa de doutorado.

* As minhas amigas Patricia, Larissa, Sara, Natdlia, Bibi, Laura e Suellen: obrigada
por todo apoio, incentivo, conversas e risos que me proporcionaram ao longo dos anos.

* A todos que de alguma maneira contribuiram nessa jornada ao tao esperado titulo
de Doutora em Fisica:

Muito Obrigada!



Resumo

O formalismo de Fock-Tani é um métodos de primeiros principios para obtencao de
interacoes hadron-hadron efetivas a partir do Hamiltoniano microscépico, tendo sido
usado no estudo de interagoes méson-méson, barion-barion e decaimentos de mésons.
Neste trabalho estendemos o formalismo de Fock-Tani, originalmente desenvolvido para
mapear estados de particula-tinica de mésons ou de barions compostos em estados de
particulas ideais, para incluir o mapeamento de um sistema misto méson-barion com
troca de constituintes. Como uma aplicacao do novo formalismo estudaremos os pro-
cessos Kdon-Nucleon, que no contexto do Hamiltoniano microscépico de quarks com
troca de um glion, tera uma contribuicao de espalhamento e outra de aniquilacao de
quarks. Sera mostrada a validade da aproximacao de Born para o presente estudo e serao
calculadas as secoes de choque total dos sistemas.



Abstract

The Fock-Tani formalism is a first principle method to obtain effective hadron-hadron
interactions from microscopic Hamiltonians, derived for meson-meson or baryon-baryon
scattering and mesons decays. In this study we extend the traditional Fock-Tani for-
malism, originally developed to map composite meson or baryon single-particle states
on ideal particle states, to include a mixed composite meson-baryon system onto system
of ideal particles. From this calculation we obtain an effective meson-baryon interac-
tion with constituent interchange. As an exemple of the new formalism we shall study
the Kaon-Nucleon process, which in the context of the microscopic quark one-gluon ex-
change Hamiltonian, will have a quark scattering constribution and a quark annihilation
term. We will show the validation of Born approximation for the present study and shall
calculate the total cross-sections of this system.
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Comunicado a Imprensa

O atomo é uma estrutura que forma a matéria, composto por trés particulas su-
batomicas principais: elétrons, protons e neutrons. Na década de 1960 se entendeu que
os prétons e os néutrons nao eram particulas fundamentais e sim constituidos por outras
particulas ainda menores, denominados de quarks pelo fisico Murray Gell- Mann. Na
fisica de particulas, em especial no Modelo de Quarks, considera-se que ha seis quarks:
up(u), down(d), strange(s), charm(c), bottom(b) e top (t) e grande parte das particulas
observadas fisicamente até agora sdo combinagdes de trés quarks (béarions) ou um par
quark-antiquark (mésons), mais um nimero arbitrario de par quark-antiquark e glions,
que sao as particulas intermediadoras das forcas fortes.

Neste trabalho serda mostrado a interacao de um méson com um barion através da
troca de um quark, resultando em outro par méson-barion, como mostra a figura. Em
especial, falaremos dos canais K~ + N, mostrando a constru¢cao do Hamiltoniano que
representa esse sistema, as contribuigoes relevantes do potenciais de troca e de aniquilagao
e a validade da aproximacao de Born para a Matriz-T.

NS

Fig. 0.1: Interacao K~ + N — meson + barion com a emissao de um glion
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Capitulo

Introducao

A fisica de mésons e o estudo da interacao forte estao profundamente conectados desde
o advento do méson 7, introduzido teoricamente por Yukawa (1935)[1] e detectado ex-
perimentalmente por Lattes, Occhialini e Powell (1947) [2].

A teoria fundamental das interagoes fortes é a Cromodinamica Quantica, uma te-
oria de campos de calibre, nao-abeliana e que descreve as interacoes entre quarks e
gluons. E tradicional, inclusive na comunidade brasileira de Fisica Hadronica, Particulas
Elementares e Teoria Quantica de Campos, referir-se a esta teoria pela sigla inglesa
QCD associada a expressao Quantum Chromodynamics. O mesmo ocorre para a Eletro-
dinamica Quantica, cuja a sigla em inglés é QED (Quantum Electrodynamics). Nesta
tese adotaremos estas convencgoes.

Murray Gell-Mann, George Zweig e Yuval Ne’eman [3],[4] propuseram em 1964 um es-
quema de classificagao e ordenamento da, ja entao extraordindria, quantidade de barions
e mésons conhecidos na natureza, denominado de Método dos Octetos (Eightfold Way).
Este método, baseado na teoria matematica do grupo de simetria SU(3) (o S significa
Special, o U significa Unitary e o trés designando a quantidade de elementos béasicos da
teoria), tinha como propdsito descrever a estrutura intrinseca das particulas fortemente
interagentes em termos de entidades fundamentais, os blocos elementares de construcao
de mésons e barions.

A cor, como uma carga possuindo trés valores possives foi proposta em 1964 por O. W.
Greenberg [5] e como uma simetria de calibre em 1965 por Moo-Young Han e Yoichiro
Nambu [6]. Os quarks poderiam possuir uma das trés cores fundamentais, vermelho,
verde e azul e as suas antiparticulas, os antiquarks, as anticores antivermelha (ou ciano),
antiverde (ou magenta) e antiazul (ou amarelo). Estas designagoes sao utilizadas para
caracterizar o fato de que, devido ao confinamento, a propriedade da cor nao é observada
quando mésons e barions sao tratados como particulas elementares. Similarmente a cor
branca, formada pelas trés cores fundamentais do espectro eletromagnético, as cores de
trés quarks, formando um barion elementar, ou de um par quark-antiquark, formando
um méson elementar, se recombinariam originando uma cor neutra para os barions e os
mésons.

Desta forma, no chamado Modelo de Quarks, considera-se que ha seis quarks, também
chamados de sabores de quarks: up(u), down(d), strange(s), charm(c), bottom(b) e top
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(t). Os quarks leves (u,d, s) podem ser identificados como os trés estados fundamentais
na representagao de SU(3). O sabor SU(3) pode ser interpretado como um grupo de si-
metria de interagoes fundamentais. Grande parte das particulas observadas fisicamente
até agora sao combinagoes de trés quarks (barions) ou um par quark-antiquark (mésons),
mais um numero arbitrario de par quark-antiquark e glions. As simetrias dos hadrons
sao ligadas a conservacao dos ntmeros quanticos, como nimero barionico, isospin, hi-
percarga, carga, entre outros. Isso significa que é impossivel destruir ou criar um quark
simples, mas podemos aniquiliar ou criar um par quark-antiquark [7].

A QCD ¢ a teoria fundamental da interagao forte. A interacao forte em nivel sub-
nuclear, envolvendo portanto cargas de cor, ¢ uma das quatro interacoes fundamentais
encontradas na natureza juntamente com as interacoes gravitacional, fraca e eletro-
magnética. A QCD prediz que a interacao forte apresenta, adicionalmente ao confi-
namento, uma caracteristica inica na natureza, a chamada liberdade assintotica. Esta
predicao da QCD, experimentalmente confirmada, indica que os quarks sao assintoti-
camente livres (para grandes valores de momentum transferidos ou, equivalentemente,
quando muito préximos uns dos outros). Este fato permitiu o uso de técnicas perturba-
tivas para testar a teoria neste limite [7].

Na literatura, ha uma grande variedade de técnicas de mapeamento usadas na fisica
nuclear para tratar oscilacoes coletivas do nucleo. Apesar de existirem héd muito tempo,
apenas no fina da década de 1980 essas técnicas comecaram a ser usadas na fisica
hadronica, em particular nos modelos constituintes de quarks. Os primeiros a apli-
carem essas técnicas na fisica hadronica foram Zhu et. al. [8] e Pittel et. al. [9]. Zhu
et. al. utilizaram a Representagao de Particulas Compostas (do inglés Composite Par-
ticle Representation - CPR), desenvolvida no contexto da fisica nuclear por Wu, Feng
e colaboradores [10], para estudar o espectro do barion no Modelo de Quark Nao - Re-
lativistico. Ja Pittel et. al. utilizaram o mapeamento Dyson [11] a fim de obter uma
interacao hadron-hadron efetiva a partir de um Modelo de Quark esquematico.

O estudo tedrico da interagao hadron-hdadron, em termos dos graus de liberdade dos
quarks, constitui um problema de muitos corpos extremamente complicado, no qual
particulas compostas (hddrons) e constituintes (quarks e glions) estao simultaneamente
presentes.

A fim de obter uma representacao na qual particulas compostas sejam descritas
por operadores de aniquilacao e criacao que satisfacam as relacoes de Bose ou Fermi
(comutagao ou anticomutagao) muitos métodos diferentes [12]-[16] foram desenvolvidos
dentre os quais podemos citar

1. Diagramas de troca de linha de quarks (Quark Born Diagram Formalism - QBD)[17]-
[19],

2. Método do Grupo Ressonante (Resonating Group Method- RGM) [20],
3. Formalismo de Fock-Tani [21].

Desses métodos, Fock-Tani mostrou-se o mais simples e mais facilmente generalizado
[22]. A ideia béasica desse método é uma mudanga de representagao entre o espaco de
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Fock e um espaco ideal e remonta de uma publicac¢do de S. Tani de 1960 [23], mas abor-
dagens semelhantes para diferentes problemas haviam sido desenvolvidas anteriormente
por Bohm e Pines [24], Dysor, e outros [25].

Desenvolvido independentemente por Girardeau e Vorob’ev e Khomkin e continu-
amente melhorado por décadas, a representacao de Fock-Tani - nomeado assim por
Girardeau - tem sido usado em diversas areas da fisica atomica e foi particularmente
relevante para a construcao de Hamiltonianos hadronicos eficazes no contexto de teorias
de campo efetivas, uma vez que implementa em certo sentido o método “quasiparticulas”
de Weinberg. [20]

Na abordagem de quase-particulas de Weinberg, os estados ligados sao redescritos por
particulas elementares e, para nao mudar a fisica do problema, o potencial é modificado
de tal forma que nao pode mais produzir esses estados ligados. Na representacao de Fock-
Tani, como resultado da transformacao do Hamiltoniano, as interacoes quark-quark se
tornam ”mais fracas”, no sentido de que descrevem apenas processos de dispersao de
quarks-quarks e nao podem produzir os hadrons como estados ligados. A caracteristica
interessante da representacao de Fock-Tani é que a mudanca do potencial é o resultado
da transformacao unitaria que implementa o mapeamento de hadrons compostos em
hédrons elementares, enquanto na abordagem de Weinberg ha alguma liberdade em
como o potencial é modificado.

Das vantagens de se usar Fock-Tani podemos citar que [21]:

1. Pode ser naturalmente estendido a sistemas compostos com qualquer nimero de
constituintes, nao apenas pares ou triplas de férmions,

2. Sistemas contendo simultaneamente mésons e barions, podem ser naturalmente
tratados de forma unificada.

Por muito tempo, os kdons atrairam a atencao de fisicos nucleares devido a sua estra-
nheza - um nimero quantico conservado em interagoes fortes. Para entender bem o papel
dos kaons na estrutura nuclear é necessario conhecer o seu mecanismo de interacao com
o nucleo. Cada incerteza na descricao tedrica implica em incertezas na interpretacao
dos resultados. Visto que cada modelo tedrico para interacoes kdon-nicleon parte de
interacoes livres e depois adicionam-se correcoes, um conhecimento preciso da interagao
livre é essencial [27]. O espalhamento kdon-nicleon (KN) despertou particular interesse
no passado, de forma que muitos trabalhos foram dedicados a esse estudo [28] - [35].
Barnes e Swanson [29] usaram o diagrama de Quark-Born (QBD) para obter as ampli-
tudes de espalhamento KN. Posteriormente, Black [31] utilizou a aproximagao de Born
para investigar o espalhamento KN mais extensamente.

O espalhamento KN em baixas energias (abaixo de 300 MeV/c) pode ser descrito
satisfatoriamente porque, nessa regiao de energia, a secao de choque do KN nao é domi-
nado por ressonancias (como A(1405) e A(1670)), porém isso muda ao aumentarmos a
energia de espalhamento [27].

Nesse trabalho introduziremos um potencial méson-barion utilizando o formalismo de
Fock-Tani adaptado [30], [36]-[38]. No capitulo 2, faremos uma breve revisao sobre a Ele-
trodinamica Quantica, a Cromodinamica Quantica no Calibre de Coulomb e o Potencial
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de Fermi-Breit. No capitulo 3, faremos uma revisao sobre a Equacao de Lippmann-
Schwinger, a Matriz-T de Transi¢ao, Expansao em Ondas Parciais e a Aproximacao de
Born. No capitulo 4 faremos uma revisao sobre o formalismo de Fock-Tani e, em seguida,
mostraremos a transformacao de Fock-Tani para mésons e para barions. No capitulo 5
construiremos o Hamiltoniano de Fock-Tani para o sistema misto através do Potencial
Méson - Barion de Troca e de Aniquilacao. O capitulo 6 sera destinado ao calculo da
secao de choque total, aplicado ao sistema Kaon-Ntcleon, e a validade da Aproximagcao
de Born. O capitulo 7 serda de conclusoes e perspectivas futuras. Esse trabalho também
conta com 5 apéndices. No apéndice A mostraremos o calculo detalhado para a obtencao
dos termos de corrente de aniquilacao, essenciais para o desenvolvimento do nosso po-
tencial. No apéndice B mostraremos o calculo do operador O,. No apéndice C sao
mostradas em detalhes as funcoes de onda dos mésons e dos barions. No apéndice D sao
mostrados os detalhes para o calculo da parte espacial do potencial V,,;,. No apéndice E,
o célculo da parte de spin-sabor-cor do potencial V,,;.



Capitulo 2

Revisao da literatura: A QCD e a Fisica de
Hadrons

2.1 Eletrodindmica Quantica: exemplo de teoria de
calibre

2.1.1 A teoria classica e quantica

A teoria eletromagnética classica de Maxwell unifica os fenomenos elétricos e magnéticos
num conjunto sintético de quatro equacoes fundamentais. Estas equacoes denominadas
de equacoes de Maxwell sao representadas, na literatura, em diferentes sistemas de uni-
dades. No sistema de unidades de Heaviside-Lorentz, por exemplo, elas sao dadas pelas
seguintes equacoes:

V-E=p (2.1)
. - 10E 1-
V-B=0 (2.3)
. . 10B

E4+ -2 = 2.4
V x +cat 0 (2.4)

onde E e B sdo os campos elétrico e magnético, J a densidade de corrente elétrica
e p a densidade de carga elétrica. As equagoes (2.1) e (2.2) constituem o par nao-
homogéneo das equacoes de Maxwell e refletem a conservacao da carga elétrica. Se
tomarmos a derivada temporal da equagao (2.1), o divergente da equacao (2.2) e somar
os dois resultados chegaremos em

Q

ﬁ-f+—§:0 (2.5)
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que é nada mais do que a equacao da continuidade. As equacoes de Maxwell podem ser
escritas na forma covariante, (tomando ¢ = 1) como

O F" = (2.6)
9, F" = 0 (2.7)

-

onde 7¥ = (p,J); F™ o tensor de campo eletromagnético

0 —-F, -E, —FE,
E 0 —-B., B
uy x z Yy
F# = E, B. 0 B, (2.8)
E. -B, B, 0
e *F* o dual a F* definido por
* v 1 urop g
= 56 op- (29)
Os campos elétrico e magnético sao definidos de maneira formal a partir de (2.8)
FOZ' _ _Ez
Fii = kB, (2.10)

onde €#9? ¢ totalmente antissimétrico com €% = 1. O tensor de campo F* pode ser

relacionado com um quadrivetor potencial A* por
Fr = 0ot A” — 9" A*. (2.11)
Assim vemos que combinando as equagoes (2.10) e (2.11), o campo elétrico fica
B = —F¥"=—[0"A-9A" =-0"A"+0 A°, (2.12)

ou seja, em termos vetoriais?

E=———-V¢. (2.13)

A partir do tensor de campo eletromagnético, (2.11) pode-se também obter

— —

B=VxA. (2.14)

! Lembrando a notacao relativistica usual:

Tt = ({EO,(L'l .CC27.%'3) = (t;$7y7z) = (t“/f)

9 - (0.0 0 90\_
e 0207 Ozl 0x2 0x3 ) —

Z, = (.T()7.271,{E2,"E3) = (t7 -z, Y, —Z) = (ta _:f)

ot =
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Se forem realizadas as seguintes mudancas

¢—>¢—% : Ao A4V, (2.15)

os campos E e B definidos em (2.13) e (2.14) permanecem invariantes. Esta mudanca é
chamada de transformacao de calibre e uma teoria com esta caracteristica ¢ denominada
de teoria de calibre (gauge theory, em inglés). Portanto, as chamadas teorias de campo de
calibre sao um tipo particular das teorias de campo baseadas no principio de invariancia
de calibre.

A versao quantica do eletromagnetismo é conhecida como a Eletrodinamica Quantica
(QED) e de acordo com o principio da variacional, as equagoes de campo sao obtidas a
partir da equacoes de Euler-Lagrange, através de uma densidade lagrangiana adequada
dada por

Loep = Lem + Linat + Lint (2.16)
onde
Lo = _iFuVFW ; Lonar = ¢ (18, —m) ) ; Line = —j" Ay
(2.17)
com
= bt (2.15)

Vemos que essa lagrangiana ¢é invariante frente a uma mudanga de fase do campo ¢ do
tipo

v — e 0y : v — e (2.19)

onde 6 é uma constante real. Essa mudanca é chamada de transformacao de calibre
abeliana global, desde que o parametro 6 permaneca constante. Esta invariancia assegura
a conservagao da corrente, isto é, (2.18) satisfaz

8" =0 (2.20)

tal que a carga

Q= e/ dx LN(:E)Q/J(:E) (2.21)

seja conservada. A densidade lagrangiana (2.16) pode ser reescrita introduzindo o con-
ceito de derivada covariante, por através do chamado acoplamento minimo, isto é,

0, — D, =0,+icA,. (2.22)
Assim (2.16) fica

1 .
Lqrp = _ZFMVF/W + P (Iy" Dy —m) 1. (2.23)
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Agora, se o parametro 6 for funcao de z, (2.23) ainda sera invariante frente a mudanca
de fase local

Y — e @y, ; P — €@ ) (2.24)
se A* for transformado ao mesmo tempo de uma maneira apropriada:
A — AP+ % 00 (2.25)
o que implica
D, (z) = e @ D (). (2.26)

Assim, esta transformagao com 6(z) é chamada de transformagao de calibre abeliana
local e a densidade lagrangiana da QED dada por (2.23) ¢ invariante frente a esta trans-
formacao.

Podemos, a partir da densidade lagrangiana (2.16), obter uma respectiva densidade
hamiltoniana, lembrando que

S = Fro (2.27)

chamado de “momento canonicamente conjugado”, assim a parte eletromagnética fica
1 - |
Hom = T0,00 A = Low = Fyo 0 A" + 7F"Fy, = —E- A - 5(E? — B*)(2.28)
mas por (2.12)
PA=—E—-VA° (2.29)
a (2.28) pode ser escrita como
How = —F- (—E - VAO) —5(B? = BY) = E.VA + J(E*+ BY). (230)

A expressao (2.30) é uma densidade hamiltoniana que serd integrada em todo o espago,
portanto pode-se realizar uma integracao por partes no primeiro termo, resultando em
—A%(V - E). Usando a Lei de Gauss (2.1) obtemos

1
Hem = 5(5’2 + B*) — pA°. (2.31)
A parte de interacao é H;,y = —Lin, 0 que resulta numa densidade hamiltoniana total
dada por
1
HQED - §(E2 + BQ) - PAO + ju AF + Hmat (232)

mas j, A" =pA® — J - A, ou seja,

1 S5 o
Hqpp = /ngJHQED Z/dgx {§(E2+32) —J-A+Huat | - (2.33)
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2.1.2 O calibre de Coulomb

A invariancia de calibre introduz uma complicacao para se quantizar a teoria. A tentativa
mais ingenua de conciliar a invariancia de calibre e a quantizacao da teoria de Maxwell
acaba falhando: partindo do comutador

[Au(@, 1), TL(F,1)] = i g, 6° (7 — 7)), (2.34)
no caso p = v = 0 obtemos
[Ao(7,1), (9, 1)] = 1 6°(7 — 7)), (2.35)
no entanto, da equagao (2.27), vemos que
o(y,t) = Foo =0 (2.36)

0 que é inconsistente com a relacao de comutacgao (2.34). Devido a arbitrariedade do
potencial A,(Z,t), que se reflete na forma de escrever L, em (2.17), nao é possivel
aplicar o procedimento de quantizacao canonica diretamente a A,,. Por outro lado, o que
pode ser feito é escolher um determinado calibre, de tal forma a impor uma condigao
sobre A, e entao usar os métodos de quantizacao canonica neste calibre especifico. Em
principio uma densidade lagrangiana modificada poderia resolver este problema, fixando
o calibre da seguinte forma

1 , 1

F,F"

£=—qtw 2¢

(0" A (2.37)

Pelo fato do calibre estar fixado, a teoria nao é mais invariante de calibre. Entretanto, as
predicoes da teoria nao deveriam depender deste parametro & e portanto o valor assumido
é irrelevante, por exemplo poderia ser fixado em { = 1 (calibre de Feymann) ou £ — 0
(calibre de Landau). Desta forma o problema descrito em (2.36) desaparece

1
H,u = F,uO - gguO(aVAy) . (238)

Nesta tese vamos trabalhar no calibre de Coulomb:
V-A=0. (2.39)
Da equagao (2.6) temos para v =0
0, Fr? = 49, (2.40)
ou seja,
VA"~ (V-A) = p. (2.41)
Agora usando a condigao de Coulomb, eq. (2.39), a equagao anterior se reduz a

VA" = —p, (2.42)
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é uma equacao de Poisson com solucao geral dada por

AF) = - / ity LY (2.43)

A 7=yl

Este é o potencial instantaneo de Coulomb, fornecendo o valor de A° num tempo ¢
para uma determinada distribuicao de carga p. Os graus de liberdade restantes A’, com
i =1,2,3, estdo sujeitos a condigao (2.39). Podemos escrever (2.43) como uma integral
no espaco de momento, lembrando que

Iy

} — = 1 /d3q M
Am | —yg|  (27)? ¢
1

i) = s [ ' ol ) ). (2.44)

A escolha de p ser nao-local no espaco de momento é para uma necessidade futura.
Substituindo as defini¢oes de (2.44) em (2.43), obtemos

/d3q d*p Lgm L (2.45)
q

4@ = (271r)3

No calibre de Coulomb separamos os campos em suas componentes transversais (L) e
longitudinais (||) da seguinte forma

E=FE +E| (2.46)
onde E e EH satisfazem
V-E =0 ; V-Ej=p ; VxE=0. (2.47)
Destas condig¢oes obtemos

V x (=VA” — 9 A) = =V x (8, A)
V- (=VA” — §yA) = -V - (V A?) (2.48)

<

X

—

V-

o

mas o lado esquerdo de (2.48) fornece Vx E =V x E, e V-E =V - EII de onde
concluimos que

EH == —ﬁ AO ) EJ_ == —30141 . (249)
A integral espacial em (2.33) do campo elétrico pode ser reescrito
/d3xE2 — /d% (B2 +E7] :/d% [Ei+(6A0)-(6A0)}

- /d% [E7 — (V2 A") A°] :/d3a: [ET+pA%] . (2.50)
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Portanto,

1 1 71
HQED_§/ d’z [ B*+ E1] +/d3x prO _J'AL] . 250

onde vemos, em (2.51), o aparecimento do termo envolvendo A 1, pela razao mostrada
na condigao (2.49). Agora, o termo %p AY pode ser escrito de outra forma usando as
definigoes (2.44) e (2.45)

1 3 = = 1 p@)py) 1 / PqdPpdp’ p(F+ G P)p(p" — 4 p")
z A© = = CYVN ol TS A — ]
Q/dxp(a:) (%) 2/dxdy4 7 — ] 5 2n)? P2

(2.52)

O termo J - A, de (2.51) pode também ser reescrito, lembrando a definigao de AL

P 1 JL(i)
A = — [ & : 2.
Assim, considerando J = JT| +J0
5w 1 J(@) - T (]
/ dx J(Z) - AL(ZF) = —/ d*x d®y M (2.54)
A |7 — ¥
Semelhante & defini¢ao usada para p em (2.44) podemos escrever J. como
7 (= 1 7 (= = iE(—p
T = s [ A0y T ) 0. (2.59)
resultando em
. . Ba d3 dSIJ_’—' —*—’_J_’ S o oy
(2m)? ¢

Agora, podemos deduzir uma identidade vetorial que serd usada para reescrever (2.56).
Sejam dois vetores genéricos ¥ = v, 1+ v,j+v.ke ¥ =wv;i+v,j+ v k Considerando
as diregoes (x,y) como transversais e a dire¢gdo z como longitudinal, podemos definir

>

U = vp140,] ; U)| = Vs
Ul o= v it ; v —v'k. (2.57)

Desta forma o produto escalar entre os vetores de (2.57), fica
17-?7/:17l-17i+’0||1}|,‘, (258)

mas podemos escrever v = U -k e v|’| = v’ -k, obtendo assim a identidade na sua forma

final
T -0 =77 — (k)@ k). (2.59)
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Usando a identidade (2.59) em (2.56), obtemos

-

L BadBpdp’ JF+q.7)- J@ —T.7")
3 - 2 ’ ’
/dm](m).AL(x) = / ok 7
_/ d’qd’pd’p’ [ﬁ(ﬁﬂj’pﬁ)'(j] [q(pﬁ_qq’ﬁ/)'(j

(27)? 7
Substituindo (2.52) e (2.60) em (2.51), encontramos o Hqrp na sua forma final [39]

](2.60)

1 d3 d3 d3/ + —»/_—"—»/
Hopp = §/d3x[BQ+EL}+Hmat+2/ q(zf) p' qp);(p q.p")

_/ Eqdpdp’ J(p+q,p) - TG — 3,9")
(2m)3 7
/ d*q dPp d&*p’ [j(ﬁJ”j’ﬁ)’(j] [j(ﬁ/_qq’ﬁ/)‘qq]
(2m)3 7 .

O termo Coulombiano de (2.61) pode ser estudado usando uma forma conhecida para p

p(Z) = Zei o(T— ), (2.62)

i

(2.61)

assim, encontramos
1 p(T) p(y) €i¢;
du dPy o0 — —d 2.63
2 / 47?]36 — 7 ; Ar|Z; — @ 3 Z 47r|xl — ] (263)

O 1ltimo termo ¢é infinito e representa a interacao de uma particula carregada com ela
mesma. Normalmente este termo é desprezado, pelo fato de se considerar a interagao
entre particulas distintas situadas em pontos diferentes.

2.2 Cromodinamica Quantica

A Cromodinamica Quantica (QCD) baseia-se no postulado de simetria local (invariancia
de calibre) SU(3) associada a carga de cor; a sua densidade lagrangiana ¢ dada por

1 apv ra (s
L= _ZF M, 4 Ve(iy" Dy — m)ie (2.64)

onde hé soma sobre indice repetido, ¢¢(z) é o campo de quarks, £ = (f,s,c) é uma
notacao compacta que representa um indice coletivo de sabor, spin e cor respectivamente;
7# sao as matrizes de Dirac e m a matriz de massa dos quarks. O tensor de campo I},
e a derivada covariante D), sao dados por

Fi, = 0,A,—0, A} — g f AZ Aj (2.65)

)\a
D, = Bu+ig Ay (2.66)
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Esta é uma teoria de Yang-Mills (TYM), também chamada de teoria de calibre nao-
abeliana e que estende a dlgebra do grupo U(1) da teoria eletromagnética (TEM). Na
TEM as cargas elétricas () obedecem uma &algebra comutativa, caracteristica do grupo
U(1) que as descreve. A extensao realizada pela TYM adota uma algebra nao-comutativa
do grupo de simetria. Neste sentido, um campo de Yang-Mills Af(z) e um campo
espinorial 1 (x) se transformam usualmente sob uma representagao irredutivel do grupo
SU(2) ou do SU(3). Pode-se, como ocorre na eletrodinamica, definir um “momento
canonicamente conjugado” IT, dado por

oL
= ——=Fr 2.67
0 (0g Ark) w0 (267)
e proceder numa tentativa de conciliar a invariancia de calibre e a quantizacao da teoria
partindo novamente do comutador

(AL, ), I0(7,1)] = 16 g, °(T — 7)., (2.68)
no caso p = v = 0 obtemos
[AY(2,1), 113 (g, )] =i 0"°6°(Z — ), (2.69)
no entanto, da equacao (2.67), vemos que
47, 8) = Fly = 0 (2.70)

o que ¢é inconsistente com a relacdo de comutacao (2.69). Novamente podemos defi-
nir, como na QED, uma densidade lagrangiana modificada para resolver este problema,
fixando o calibre

_ e paw 1 g ey
L= 4FWF % (0" A%)”. (2.71)
Como foi discutido na eletrodinamica quantica, pelo fato do calibre estar fixado, a teoria
nao ¢ mais invariante de calibre e aqui também as predicoes da teoria nao deveriam
depender deste parametro £ e portanto o valor assumido ¢ irrelevante, por exemplo
poderia ser fixado em £ = 1 (calibre de Feyman) ou £ — 0 (calibre de Landau). Desta
forma o problema descrito em (2.70) desaparece

I = Flo = 0,007 40). (2.72)
Em teorias abelianas como a QED este procedimento permite uma quantizagao consis-
tente. No entanto, em teorias nao-abelianas como a QCD outro problema aparece, ao
realizar calculos perturbativos de um loop para a autoenergia Hffl’,(q) do glion, como da
figura (2.1). Utilizando uma lagrangiana como a descrita em (2.71), é possivel mostrar
que HZ‘,’/(q) nao satisfaz a condicao de invariancia de calibre

q" Hff,(q) =0. (2.73)
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Fig. 2.1: Diagrama: loop para a autoenergia

Este problema nas teorias nao-abelianas foi primeiro notado por Feynman no con-
texto da quantizacao do campo gravitacional. Um método “heuristico” para resolver essa
dificuldade foi sugerido por Feynman e posteriormente desenvolvido por DeWitt [40].
Depois este método foi reformulado por Faddeev e Popov de uma maneira unificada,
quantizando o sistema por integrais de caminho. O método consiste na introducao de
novos campos ficticios chamados de “Fantasma de Faddeev-Popov”. O campo fantasma
¢ um campo escalar com uma propriedade fermionica, isto é, ele se constitui num campo
escalar com uma algebra anticomutante. A regra para a inclusao da contribuicao do
fantasma é adiciona-lo a todo diagrama de loop do campo de calibre. Como é visto na
figura (2.2), a linha pontilhada denota o loop no fantasma [7].

TOOOCT 0000

Fig. 2.2: Diagrama: loop no fantasma

A descricao da fisica de hadrons a partir da QCD nao é trivial, pois no regime de
energia onde existem os estados ligados de hadrons a QCD é nao-perturbativa. Por-
tanto, ha uma necessidade de se procurar por outras simetrias ou outros aspectos nao
necessariamente ligados a expansao de uma série perturbativa. Por exemplo, pode-se
mostrar que a densidade lagrangiana da QCD de 3 sabores (2.64) no chamado limite
quiral, isto é, m, = my = m, = 0, possui uma invariancia global do tipo U(3);, ® U(3)g,
onde L representa esquerdo (left) e R direito (right). Este grupo de simetria pode ser
decomposto em componentes vetoriais e axiais obtendo

UB), @ UB)r= SUB)y ® SUB) 4 & ULy @ U(1) 4. (2.74)

A simetria U(1) 4 é quebrada no processo de quantizacao, nao sendo portanto uma sime-
tria da respectiva teoria quantica [41], [42]. Acredita-se que a simetria quiral é esponta-
neamente quebrada como

UB)L@UB)r/U(1)a — SUB)y @ U(1)y (2.75)

com o aparecimento de oito bdosons de Goldstone, sem massa, que formam o octeto
pseudoescalar de mésons: 7°, 7, 1, KO,KO, K*. A simetria SU(3)y corresponde & con-
servagao do isospin e da estranheza, nas interagoes fortes, enquanto que a simetria U(1)y
estd relacionada com a conservacao do ntumero barionico. Entre as propriedades mais
importantes da QCD de baixa energia estao a quebra dinamica da simetria quiral e o
confinamento da cor.
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2.2.1 O calibre de Coulomb de cor

Os éxitos do modelo de quarks da década de 1960 levou diretamente para o desenvol-
vimento da QCD no inicio de 1970. A caracteristica central das primeiras versoes do
modelo de quarks foi a utilizagdo de quarks constituintes como os graus de liberdade
relevantes dos campos de matéria. Embora o advento da QCD tem desfiado os detalhes
do modelo, os quarks constituintes leves tém se tornado um padrao e a troca de um
glion é normalmente usada para descrever a dinamica de curto alcance.

A QCD também indica onde o modelo de quarks pode falhar. A versao canonica
nao-relativistica, depende de um potencial para a descricao da dinamica de quarks e,
portanto, negligencia o efeito de muitos corpos da QCD. Relacionado a estes aspectos
esta a questao da confiabilidade das aproximacgoes nao-relativisticas, a importancia dos
decaimentos hadronicos, e a natureza quiral do pion, sendo que estes dois 1ltimos depen-
dem do comportamento nao-perturbativo do glion e sao cruciais para o desenvolvimento
de modelos robustos de QCD.

Para entender o espectro de massa hadronico a partir da QCD bem como as pro-
priedades de interacao entre os hadrons, é necesséario saber algo sobre a forca de longo
alcance responsavel pelo confinamento dos quarks nos mésons e barions. No entanto, nao
existe nenhuma descrigao completamente satisfatoria para esta regiao da QCD. Algumas
informacgoes podem ser extraidas diretamente da formulacao da QCD na rede. Nesta
formulagao, os quarks estao localizados nos sitios de uma rede do espaco-tempo, e os
campos de calibre sao associados as ligacoes entre sitios vizinhos. As simetrias de calibre
do modelo sao as rotagoes independentes do SU(3) nos sitios da rede. Apesar de em
principio nao haver dificuldade em calcular qualquer propriedade hadronica usando esta
técnica, a limitacao é de ordem computacional que impoe restricoes ao uso de redes de
tamanhos realistas.

A abordagem hamiltoniana no calibre de Coulomb é apropriada para um exame do
problema de estado ligado, porque os métodos familiares da Mecanica Quantica podem
ser empregados e porque todos os graus de liberdade sao fisicos. Além disso, um potencial
independente do tempo existe e que permite a construcao de estados ligados em um
espaco de Fock fixo.

Uma forma de verificar que a QCD generaliza a teoria eletromagnética é obter as
respectivas equagoes de Maxwell de cor. Para tanto, podemos calcular as equagoes de
movimento para os campos, a partir de (2.64), usando a equacao de Euler-Lagrange,
obtendo

K g U AL = g, 270

onde foi definida a corrente fermionica como

a

JOH = oyt % V. (2.77)

A eq. (2.76) pode ser escrita de outra forma (trocando os indices mudos b <= ¢)

5(1()8“ Fb;w +gfabc AZ Fb;w — gjau’ (278)
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ou seja
[(5‘”’0“ + g fabe A;} Fom — g Jor (2.79)
Podemos definir a seguinte derivada
D/jb =00, +gf* A (2.80)
Assim (2.76) fica
D F' =g %" (2.81)

que € a forma covariante da equagao de Maxwell de cor. Partindo da defini¢ao de F},

em (2.65) vamos encontrar uma expressao para os campos cromoelétrico E* e cromo-
magnético B*, lembrando que

Aok — (A% A7) ; JU = (p2, J) . (2.82)

Podemos fazer a identificagao dos campos E e B* com o tensor Fy, de forma similar ao
eletromagnetismo.

Eai — _FaO'i
ai 1 ijk 1ha aij ijk pa
B = —5€ Yy ou F* = —e" By (2.83)
assim
) ) . ) 8Aai aAOa )
Fat — _ [a(] Act _ ot AaO _gfabcAbO Acz] — ™ _ o _gfabcAObAcz (284)
ou na forma vetorial
— 814_;Q — —
Ee — — o . VA0a+gfabcAObAc (285)
Para o campo magnético de cor B} temos
at 1 ijk 1a 1 ijk a a abc Ab pc
B = e E = =S [0, Af = 0, A7 — g A A
= 5RO AL+ ST O A + S g [ AL A
1 ©J a 1 kg a 1 @) abc c
= —§ejk8jAk+§6k38jAk+§e]kgf b AgAk
= —€F9; AL + 59 febe et AL Ay (2.86)

ou na forma vetorial

— — — ]_ — —
Bt=V x A" g f" A" x A° (2.87)
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Podemos reescrever a derivada DZZ’ de (2.80) na forma nao-covariante

0
D(()zb — atab _ 5ab % +gfabc AOC (288)
D;zb _— [jab — 5ab ﬁ —q fabc gc ] (289)

Voltando a eq. de Maxwell de cor (2.76), vamos abrir esta expressao: considerando v = (

D;beMO — Dézb FbOO +qub FbjO — gJaO (290)
=0

ou ainda, a ”"Lei de Gauss”para o campo elétrico de cor fica
D™ . Eb=gpg. (2.91)
Muitas vezes é conveniente isolar a derivada usual V na lei de Gauss, obtendo
V.- E®=gpl+gfee B A (2.92)
Assim como no caso eletromagnético, no calibre de Coulomb
V. A® =0 (2.93)

e separamos o campo E® em suas componentes transversais (L) e longitudinais (||) de
forma andloga

ma = 1 = a = 1 = Ha
Ee = (1—vﬁv-)E +(vﬁv) E (2.94)
onde
ma = 1 = Ha . Ha = 1 = Ha = a

Pelas definigdes (2.95) é trivial verificar que as componentes E_ji e Eﬁ‘ satisfazem
V-EY=0 V x Eff =0. (2.96)
A lei de Gauss em (2.91) pode ser reescrita
AN <5ab - 6) & =gp, (2.97)
mas
B By — (509 g ) By ——g f B Bz gt (209
onde foi usado a condicao V-E¢=0¢

Py = foe EY - A (2.99)
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assim (2.97) fica
— (D_)ab.6> qbb:gpa, (2100)

com p* = pg+ pg ¢ a densidade total de carga de cor e pg de (2.99) é a densidade de carga
de cor dos glions transversos. A equacao de movimento para a componente longitudinal
do campo elétrico é

— —

V-E* = V-Ef

. S N N .
= V[(Vﬁv-)E}:V-

(ﬁiﬁ) . ( oA _6A0a+gfabcA0bA'c>

V2 ot
— V(007 g e A A = -V DA, (2.101)
mas sabemos por (2.95) que Eﬁ = —V¢", assim comparando com (2.101) encontramos
V- DPAY = V20 (2.102)

Combinando as equagoes (2.100) e (2.102), podemos obter uma solucao formal para A°°

1 1
A% = ——(—V?) = “ 2.103
=5 Vg g (2103
De uma forma similar o campo transverso pode ser escrito
. . . 1 - .
M*=FE, =0A+g (1 -V v-) feAb Ac (2.104)

Apoés a quantizagao canonica, o campo transverso I1” se torna o momento canonicamente
conjugado ao vetor potencial A transverso. A formulacao Hamiltoniana no calibre de
Coulomb foi amplamente estudada na literatura e a obtencao do respectivo Hamiltoniano
¢ conhecido e bastante elaborado [43]. A seguir vamos apenas escrever estas expressoes.
A interacao nao-abeliana instantanea de Coulomb é

]' — i e —»
Ho = [ dady o (@) Kn(3,7: D)D) (2.105)
onde
Ko (%, A) = (7,a| =0 = (- V*) =7 =]7,b), (2.106)
V-D V-D

e a densidade total de carga de cor é
— (= (= abe — TC[ = — A —
(&) = () + py(F) = [ A(T) - TH(E) + WH(E) 5 (7). (2.107)

A forma final para o Hamiltoniano da QCD fica
H=H,+H,+ Hy+ He, (2.108)
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onde

=
I
—

Byt (—z& Vot Bm) b,

/d3x (77t g2+ B B),

N | —

Hyy = —g/d:’)w*o?-ffw,
1 -
Ho = ;5 [ @odyd Vg o) Kl 5 ATV P0T 2, (210)

com J sendo o determinante de Faddeev-Popov dado por

-

J = det(V - D). (2.110)

Uma deducao rigorosa do Hamiltoniano quantico nao-abeliano no calibre de Coulomb
foi dada por Schwinger [44] e Christ e Lee [45], enquanto Zwanziger mostrou como obter
o este Hamiltoniano com a regularizacao na rede [46]. O Hamiltoniano quantico pode
ser obtido transformando o Hamiltoniano candnico no calibre A° = 0 para o calibre de
Coulomb.

2.3 O Potencial de Fermi-Breit

Como foi discutido nas secoes anteriores, do ponto de vista histérico, o modelo de
quarks precedeu ao desenvolvimento da QCD e da ideia de glions. A descoberta da
simetria SU(3) dos bérions e mésons abriu o caminho para criar o modelo de quarks,
cuja versao mais simples foi a de um modelo nao relativistico (sem cor) introduzido para
explicar os nimeros quanticos do espectro barioénico e mesonico de baixa energia [3], [4].
Este modelo foi estendido para tratar de todas as possiveis propriedades dos hadrons
utilizando-se das hipdteses dinamicas mais simples [47]. Os resultados obtidos para a
aniquilagao nucleon-antinicleon, splittings de massa dos hédrons, propriedades eletro-
magnéticas e etc estavam, surpreendentemente, em boa concordancia com os resultados
da espectroscopia hadronica. O grau de liberdade de cor foi introduzido em modelos de
quarks fenomenoldgicos em 1973 [48].

Apo6s a introducao dos conceitos de liberdade assintética e confinamento nas teorias
de calibre nao-abelianas, A. De Rujula, H. Georgi e S. L. Glashow (DGG) propuseram
[49] introduzir ideias da QCD no modelo de quarks. Eles atribuiram a dependéncia em
spin da interacao de dois corpos a parte dependente de spin da interacao de troca de um
glion. Isto explicou pela primeira vez o sinal do splitting hiperfino, isto é, porque a A é
mais pesada que o nicleon e relacionou as respectivas magnitudes do splitting hiperfino
as massas dos quarks.

As principais hipoteses deste modelo sao:

1. Numa primeira aproximacao, os hadrons podem ser classificados em multipletos de

SU(6).



Capitulo 2. Revisao da literatura: A QCD e a Fisica de Hadrons 24

2. Os quarks sao confinados por forgas de longo alcance invariantes por SU(3)@SU (2),
sendo que a simetria SU(3) é quebrada via m, = mg # ms.

3. Liberdade assintética na QCD para obtencao de potencial dependente de spin
através da reducgao nao relativistica do diagrama correspondente a troca de um
glion, analogamente a obtencao do potencial de Fermi-Breit, no caso Coulombiano.

O Hamiltoniano do modelo de quarks neste contexto pode ser descrito por duas partes:
uma que usualmente é chamada de hiperfina e a outra responsavel pelo confinamento

H = Hyyp + Heons - (2.111)

A partir da parte hiperfina vamos obter o potencial de Fermi-Breit de interacao entre
quarks, inspirado no Hamiltoniano da QED no calibre de Coulomb (2.61):

Hyp = Toq+ Vi (2.112)
onde
Ty = [0 i@ [-ia ¥+ om] (@
Ve = 57 70 [ dody @) Dol - ) (0) (2.113)

onde F¢ = \2/2, JH(z) = ¢(x)y"(z), D, é o potencial de troca de um glion e 1(z)
¢ o campo de Dirac para os quarks. Para Hy;, ser o andlogo ao calibre de Coulomb de
(2.61), escreveremos o potencial de troca de um glion da seguinte forma

AT g 4 o qiq;
Doo(q) T ; Doi(q) =0 ; Di;(q) = e (5z’j - q2J> :
(2.114)

O campo de quarks pode ser expandido por

¥(E) = (273)3/2 / &p PN [u(7)as(7) +vs(~P)TH (7)) (2.115)

s

onde apenas o indice de spin é mostrado explicitamente; ¢', ¢ sdo os operadores de criacio
e destruicao de quarks e g, g sao os operadores de criacio e destruicao de anti-quarks
respectivamente, obedecendo as seguintes relacoes de anticomutacao

{quCQ;)v(If’s’c’ } {Qfsc >7Qf/5/c/( )}—0
{070). a}rae ) } = {7P). T (F) } = 1160 8.0 85— 9). (2116)

Os espinores de (2.115) sao

u(F) = (g(g;?_;;s) ; v5<ﬁ>=(g<§’(§>‘gxz) (2.117)
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E,+m 1 |E, +m

e E, = +/p?+m? e o espinor de Pauli definido por x¢ = —io?x%, sendo normalizado da
seguinte forma

com

X:XS’ = XE*XE/ = g4 (2119)
A densidade de corrente de (2.113) pode ser escrita como
JHE) = N @) (@)

1 o . L
= G [ A TS [ ) ) L))

+ul, (57) /07" s (—
+ 0l (=57) 70
+0l (=) V7 0s(—F) T (=) (=P )] : (2.120)

Vamos nos concentrar, momentaneamente, apenas na parte que envolve quarks em
(2.120), pelo fato da parte de antiquarks ter um resultado similar, isto é,

- 1 i - (F—p" , - , -
@) g [ TS ) ) o))

e também
D, (T — i) = / p 7T D, (7). (2.122)

O potencial de interagao de (2.113), considerando apenas a interagao quark-quark e o
fato Dg;(p) = 0 em (2.114), resulta em

1 . R R .
Vg = 52}““]—“2/ dpy ... dpy 0P — Po + D3 — D4) 0111201314

X [J?lb (P, P2) Doo (1 — ﬁz)J?314(ﬁ37ﬁ4)
+ b1, (P, 52) Dy (B — 1) T3, 1, (P, )| b, (51 ) an, (52)ab, (P3)qr, (P4)(2.123)

com I = (f,s) ou escrevendo (2.123) em ordenamento normal:

1 = = — —
Ve = S ]:a.fa/ dPpy ... d’py 6Py — Po + D3 — P1) 07, 1,07, 14

X [‘]?1[2 (ﬁlvﬁ?)DO()(ﬁl - ﬁ2>‘]?3[4(ﬁ37ﬁ4)
+Jli112 (ﬁhﬁ?)Dij(ﬁl - 52)J}314(173;]74)] Q}l (ﬁl)qg(ﬁs)qb (P2)qr, (Pa) (2.124)
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A expressao (2.124) pode ser reescrita fazendo ¢ = py — pa, Po — P, ps — P’ e integrando
em p3, obtemos

1
Voo = =5 D ]:a’fa/ d*qd’p d°p’ 3y, 1,011,
X [J0 5, (B + @5) Doo (@) J0,1, (5" = @ 0") + T, (5 + @ 5) Dig(7) J1,1, (0" — G,7")]
xqb (0 + al, (7 — Da(F)an (7). (2.125)

Usando o restante da definicao do potencial Doy e D;; de (2.114) em (2.125) obtemos

1
Voo = —5 > ]:a'fa/ dqd’pd’p’ 8, 1,04, 1,
AT Qs 0 0 0 g oo ATy > o,
X _7J1112(p+q7p)‘]]3[4(p _Q7p)+7‘]]1[2(p+ 7p)"]13[4(p _(Lp)
4o - - L . Lo o
A L@+ 4.7) - §1 (P’ — 4,p") - §]
xqy, (0'+ Q)al, (7" — @an (7)ar (7") - (2.126)

Vamos introduzir a seguinte notacao

fi=f(p1) : g1 = g(p1) : etc... (2.127)

Assim,

‘]2152 (ﬁlv ﬁQ) - uil (51)7070 Ussy (ﬁQ) - f1f2 55152 + gngXL (6 ’ p_i)((? : p_é)Xw

JiL 0 0e) = ul (P Y s, (52) = figex! o' (G- 1) Xs, + f291X0, (G P1) "X, -
(2.128)

Para obter o respectivo Hamiltoniano nao-relativistico o operador de quarks (&) precisa
ser escrito em termos de uma expansao em poténcias do momento p:
P 1

f(p)~1-— . : g(p) ~ g (2.129)

Apoés as respectivas substituicoes e algumas manipulacoes algébricas, obtemos o potencial
de Fermi-Breit de troca de um glion que escreveremos na notagao usual

P o pi-p; (7DD Tl 1 1
V;gGEP _ 5 ( J+ J)_ 53(7—,») (W—'—_z

T 2m;m;

2r3 | 'm; m

_ % {Swgysjé(?#)-irl [3(@?)(5‘]7?)_@@]} (2.130)

m;m; 3

C(S 1 = p g 1 = g 1 - — — —
{—QLZ--&-——LJ.-S]-Jr [2Li-5j—2Lj-Si]}

1
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onde r;, p;, m;, sao a posicao, momento e massa do i-ésimo quark, S = % celL=7rxpéo

momento angular. No potencial de Fermi-Breit destacamos alguns pontos importantes.
A forca spin-spin

S;- S, 6(7) (2.131)

que ¢é responsavel por uma categoria muito importante de splittings como, por exemplo,
o splitting de massa A — N nos barions e p — 1 ¢ K* — K nos mésons. A forga da forma

Vso(F) ~L- S (2.132)

¢ chamada de spin-érbita e descreve, no modelo de quarks, o splitting L — S. O
espacamento nao-uniforme dos niveis L = 1 e S = 1 pode ser compreendido se pen-
sarmos em termos de um potencial tensorial do tipo

Vo (7) ~ 3518 7) g g, (2.133)

r2

Para propésitos futuros, pode-se utilizar a convencao de soma, agora incluindo indices
continuos, na expressao para Vg, de (2.124) para escrever

Vaalpvsop) = = 8(pu + v — Pp — Do) 055,085, F - F*° Vq?lGEP(uV; op) (2.134)
onde o termo V.29 é de troca de um glion dado por
%2GEP(MV; 0p> = ‘]?ulp(ﬁmﬁp)DOO(ﬁu - ﬁp)J?V[g (ﬁll?ﬁo‘)
+J}u1p<ﬁ“’ﬁp)Dij(ﬁH - ﬁp)‘];,,]g (ﬁmﬁa) . (2-135)

Podemos escrever, V em (2.124), numa forma simples e compacta

1
Vaa = 5 Vaa(iv; 0p) 410} 000 (2.136)
onde os indices p, v, . .. representam momento, spin, sabor e cor. Assim, o Hamiltoniano

Hyip completo do modelo escrito em segunda quantizacao fica

1

5 Vaa (13, 00) 4,0} 0500

Hyip = T (1) qlqu + 1T (v) (Zt(ju +

1 P 4
+ 5 Vaa (1/3.00) 4430000 + Vag (/3. 00) 410Gt - (2.137)



Capitulo

Revisao da literatura: Teoria de
Espalhamento

Neste capitulo faremos uma breve revisao da teoria formal de espalhamento, seguindo o
texto e a notagao de [50]. Este assunto sera central no estudo a ser desenvolvido nesta
tese. Na deducao a ser apresentada vamos manter o A, sendo que no restante da tese
usamos a convenc¢ao das unidades naturais: h = c = 1.

3.1 A Equacao de Lippmann-Schwinger

A teoria de espalhamento, que serd revisada nesta secao, tem como ponto de partida o
operador Hamiltoniano H definido por

H = Hy+ V(R) (3.1)

onde a parte livrte é Hy = P?/2m e V(R) é o potencial, fun¢ao do operador de posigao
R. As forgas se anulam para r — oo, ficando excluidos potenciais tais como o potencial
periédico, sujeito a condicao

lim V(r) — 0. (3.2)

r—r00
O problema que queremos estudar estd brevemente resumido na figura (3.1) e consiste
em resolver a seguinte equagao de Schrodinger
(E — Ho) k+) =V |k+), (3.3)
o ket ]E+> corresponde a uma solugao de espalhamento de onda emergente (“outgoing
scattered waves”). A solugao formal de (3.3) pode ser escrita como

1
E— H,

k+) = k) + V [k+) (3.4)

onde |k) corresponde a onda incidente e satisfaz a equacao livre

(E— Hy)|k)=0. (3.5)
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Onda esférica
espalhada - Detector

g%?/fb

Onda plana
incidente

=l

Vi(r)

Fig. 3.1: Espalhamento de uma onda plana

Pelo fato do espectro de Hy ser continuo a equagao (3.4) diverge quando Hy = E. Uma
forma de tratar este problema consiste em definir um resolvente G (E) no plano complexo

GE(E) = lim Go(E + ie) = lim (E — Hy =+ ie)™". (3.6)

e—0t e—0T

Quando a integracao, no plano complexo, fecha o contorno pela parte positiva (negativa)
do eixo imagindrio isto corresponde a uma onda espalhada emergente (imergente), assim
obtemos

k+) = k) + GE(E)V |k+) (3.7)

que é a equagdo de Lippmann-Schwinger (LS). Esta equacao pode ser projetada no estado
de posicao |7). Vamos trabalhar com a solugao |k +)

<f%+>:<f%>+/ﬂwwfuxunww<wu4RHE+y (3.9)
Definindo
L - B o ik 7
GE) = RS a0 =) = e (39)
e também
52 o ik|7 |

GE(F, 7)) = —m<F|G3E(E)|F'>: (3.10)

dr|F — 7
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com k = y/2mFE/h?. Esta tltima expressao em (3.10) é obtida apds a integragao no
plano complexo. Assim a solucao de espalhamento de onda emergente resulta

o eiE-F 1 e ot k|7 =] N -
w,g(r)— (277')3/2 _E r |7—,»_7;»,| (T)wl‘é(r ) ( : )
onde U(r) = (2m/h?) V(r). A forma assintética de (3.11), quando r >> r’, fica
?ﬁ—"—(??) N eiE'F B etkr A7’ e—iEl,F/ U(T/)w—i-(?:»/)
k (2m)3/2 Axr k
1 ik - eikr (271-)3/2 ey AWE Y]
_ iR 71 ik + (7 12
(2m)3/2 [ r dn / dre U(r)vz (i) (3.12)
com k' = ki e |k|=|k'|. A equacio (3.12) pode ser reescrita como
by~ e e g iy (3.13)
; 2n) k)= '
onde f (E ' E) ¢ chamada de amplitude de espalhamento, dada por
R Am? m . . .
FOE'R) = === [ dr" op, (F) V(" )y (7). (3.14)

Na obtencao de (3.14) foi usada a definicao de ¢ (7) e wg(F’) de (3.9) e pode ser escrita
como
47> m

hQ

(K'|V]k+). (3.15)

3.2 A matriz-T de transicao

Voltamos para a equagao de Lippmann-Schwinger (3.7), desta vez sendo escrita da se-
guinte forma

k+) = QF(E)|k) (3.16)
onde Q*(E), chamado de operador de onda de Mdller, é dado por

-1

QY (E)=[1-G;(E)V] (3.17)

Este operador pode ser escrito de uma forma alternativa, introduzindo a funcao de Green
total, isto é, envolvendo o Hamiltoniano completo H

G*(E) = (E — H + ie)™*. (3.18)

Dois operadores arbitrarios e nao singulares, A e B, podem ser invertidos obtendo as
seguintes identidades relacionadas as diferencas dos inversos

.1 L(B—A)% |, (forma 1)

T = (3.19)

B (B—A)% , (forma 2).

|
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Assim usando as identidades enunciadas em (3.19) e também as defini¢oes (3.6) e (3.18)
para GF(E) e GF(E), respectivamente, obtemos duas formas equivalentes para G*(E),

GEHE) = GEE)+G*E)VGE(E) (3.20a)

GH(E) = GE(E)+GE(E)VGH(E). (3.20D)
Uma relagao féacil de provar como verdadeira, usando (3.20a), é a seguinte equagao
[I+G*E)V][I-G5E)V]=1. (3.21)

Esta equacdo podemos multiplicar & direita pela definicao de QF(F), dada em (3.17) e
obter a sua representacao alternativa em termo da funcao de Green completa G*(F)

QOHE)=1+G*E)V. (3.22)
Pode-se definir o operador de transicao T’ como
T(E)=VQTH(E). (3.23)

Esta defini¢ao pode ser combinada com o resultado (3.22) para obter o operador 7" em
termos do potencial

TEY=V+VG(E)V. (3.24)

é chamada matriz-T" é obtida pelo sanduiche do operador T" entre estados do momento
k , ou seja,

Te(k' k) = (K'|T(E)|k ), (3.25)
mas pela defini¢ao (3.23), temos
Te(k' k)= (K'|VQOHE) k)= (K'|V]k+) (3.26)

onde foi usado a equagao (3.16). Na secao anterior foi mostrado a relacao (3.15) que
envolvia a amplitude de espalhamento f(k’, k). Este resultado pode agora ser combinada
com Tg(k’, k) fornecendo uma expressao central para a teoria de espalhamento

h2

472 m

Tp(k' k) =— Fk' K. (3.27)

O passo seguinte, muito importante, consiste em encontrar uma equacao integral que
permite calcular diretamente T'(E), sem ter que passar primeiro pela determinagao do
estado |k + ). Isto significa ter uma forma equivalente da equacao de LS, sem referéncia

ao estado |k + ), para tanto pode-se substituir as Eqs. (3.20a) e (3.20b) em (3.24) e apds
alguma manipulacao encontramos

T(E) = V+T(E)GHE)V (3.28a)

T(E) = V+VG{(E)T(E). (3.28b)



Capitulo 3. Revisao da literatura: Teoria de Espalhamento 32

A respectiva matriz-T resulta do sanduiche em estados de momento |k ) de (3.28a) ou
(3.28b). Por exemplo, se a opgao for a Eq. (3.28b), entao temos

T(b R = VIET) + / ARV (R, B TR K. (3.20)

E— Ho(k") +ic

Podemos agora definir o operador de espalhamento S, cujos elementos de matriz entre
estados de particula livre definem a chamada matriz-S, ou seja,

Sk, k'Y= (k|S|k"Y= (k — |k'+). (3.30)

A relacao entre a matriz-S e a matriz-T pode ser estabelecida partindo da prépria
equagao LS (3.16), para inicialmente mostrar

(k —|= (k +|+ (K|V[G(E) -G (B)], (3.31)

aqui foi usado o fato de [G*(E)|" = GT(F). Multiplicando a Eq. (3.31) a direita por
|k'+), temos

{

Considerando H|k'+) = E'|k’+), podemos avaliar o segundo termo de (3.32):

gl

— k') = (k") + (k| V [GT(E) = G~ (B)] |k'+). (3.32)

[GH(E) — G~ (BE)] |k'+) = {E_;,H,E — E_El,_l_e k'+), (3.33)

mas sabemos

1 1 . /
m—P(E_E,)—’MTd(E—E) (334)

onde P(...) é o valor principal da expressio, observando que (k|k') = 6(k — k') e
usando (3.26), obtemos

(K|S|E"Y=6(k —k")—2mid(E—E") (k|T(E)|k"). (3.35)

Como um ultimo resultado, das defini¢oes (3.16) e (3.30), encontramos uma forma para
o operador S em termos dos operadores de onda de Moéller

S=Q 1 (E)QY(E). (3.36)

3.3 Expansao em Ondas Parciais

A corrente de probabilidade é dada pela definicao usual da Mecanica Quantica

7= 2imz [w*w - Ww*} - %Im [w%} . (3.37)
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A partir desta defini¢cdo, uma onda plana na regiao assintética dada por (3.13) que se
propaga com velocidade v, por exemplo na dire¢ao z, tem como corrente incidente j;,. €
corrente espalhada j.s, dadas por

. . v
Jine = U ; Jesp = 7“_2 ‘f’2 . (338)

Como é visto na figura (3.1), se a particula espalhada for medida, num angulo 6 em
relacao a direcao do feixe incidente, por um detector de area diferencial da e colocado a
uma distancia 7, o angulo sélido subentendido é dQ2 = da/r?. O nimero de particulas
detectadas por unidade de tempo fica

dNeps
dt

= Jesp A0 = Jesp r2dQ) . (3.39)

O numero de particulas espalhadas no angulo sélido df2 no angulo 6, dividido pelo fluxo
incidente define a chamada se¢ao de choque diferencial

do O LdNeps

A0 = 4

ou seja

d
d—g = |f. (3.41)

Podemos escrever a funcao de onda como a soma sobre as componentes de momento
angular [, ou seja, sobre as respectivas ondas parciais

U(r0) = a ulr) Yio(0), (3.42)

r

onde Yj(0) é o harmoénico esférico Yy, (0, ¢) que independe de ¢ e esta relacionado com

o polinomio de Legendre
20 +1
Yio(6) = 1/ 4+ Pi(cos0). (3.43)
T

Assintoticamente o potencial induz um deslocamento de fase §; na fungao de onda radial

w(r)

w(r) — ¢ sen (kr — l_7r + (5;) (3.44)

r—00 2
e resulta numa funcao de onda total

sen (k:r — %’ + 51)
kr '

U(r,0) e Z a; Yio(0) (3.45)
=0
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Esta fungao de onda pode ser comparada a funcao de onda assintética (3.13) resultando

i T

zkz+f

B = , Sen(kr——+5l)
= ZZ a) Yio(0 - : (3.46)

onde apds varias manipulacoes encontramos a amplitude de espalhamento em termos do
deslocamento de fase

Vi &
= > V21 +1 e sen Yio(6) (3.47)
1=0
ou ainda
Z (20 +1) fi P(cos8) (3.48)
1=0
com
oo
fi= ? send . (3.49)

Usando (3.47) na expressao para a segao de choque diferencial (3.41) obtemos, apés a
integracao, a secao de choque eléstica

oo

4 o
ol = TN (2 + sen’s =4n Y (21 + 1) [, (3.50)

2
=0 1=0

Agora, a matriz-S decomposta em ondas parciais estd relacionada com a amplitude de
espalhamento f; por

Si=14+21k f (3.51)
e com o deslocamento de fase por
Sy = e*io, (3.52)

A relagao entre as matrizes S e T' dadas em (3.35) pode também ser representada em
ondas parciais

Sy =1-2riT]. (3.53)

Combinando (3.51) e (3.53) encontramos uma rela¢do, na expansao em ondas parciais,
entre a amplitude de espalhamento f; e a matriz-T

fi = —%Tl. (3.54)

Em muitas situagoes praticas de calculos se faz necessaria uma relagao entre o desloca-
mento de fase §; e a matriz-7. A equacdo (3.52) pode ser escrita como

S; = cos 20; + isen 20, (3.55)
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e da mesma forma T; = Tjf +iT}}. Colocando esta expressao para T} e (3.55) em (3.53)
¢ possivel separar a parte real e imaginaria, obtendo

1 —cos 20, = =27 T} ; sen20; = —2m T} . (3.56)
Usando identidades trigonométricas podemos reescrever o lado esquerdo de (3.56)
2sen? §; = =2 T} ; 2 cos §;sendy = =21 TF. (3.57)
Fazendo a razao destas expressoes encontramos
TI
tan 6, = T—lR . (3.58)

!
Resumindo, a estratégia de calculo consiste na seguinte sequéncia de passos

1. Primeiro é definido o potencial V' do respectivo problema.
2. Usando a Eq. (3.29) determina-se a matriz-7". Este é um problema delicado, pois

esta é uma equacao integral onde 7' aparece em ambos os lados da equacao. Esta
situagao pode ser contornada se olharmos para a Eq. (3.28b), vemos que ela pode

ser escrita numa forma alternativa: T(E) = [1 -V G§(E)] ' V. Esta equacdo,

entdio é avaliada entre os estados de momento k e k’. Existem vérios métodos
conhecidos na literatura para tratar este problema [51].

3. Com a matriz-T determinada, calcula-se ¢, usando a Eq. (3.58).

4. O conhecimento do deslocamento de fase §; permite obter a se¢ao de choque usando
a equacao (3.50).

3.4 A Aproximacao de Born
Como foi apresenta(io na se¢ao anterior, na equacao de Lippmann-Schwinger aparece, no
lado direito, o ket |k +) desconhecido:
k+) =k )+ Gg(B)V(R)|k+) (3.59)

o que resulta num aspecto nao-trivial no momento de integrar esta equacao. Uma apro-
ximagao muito usada, porém mais grosseira para |k + ) consiste em escrever

k+)~ k). (3.60)
Esta aproximagao é razoavel quando o potencial é pequeno, desta forma a matriz-T" fica
ToR ', F) = (RNT(B)[E ) = (F'|VIF+)~ (F|VIF). (3.61)

A equagao (3.60) ou (3.61) é chamada de aprozimacao de Born (de primeira ordem). A
validade desta aproximagao reside na equagao (3.60), ou seja, no quanto |/Z—|—> nao difere
de |lg ). Em outras palavras a distor¢ao da onda incidente deve ser pequena. Muitas vezes
a qualidade da aproximacao é testada avaliando uma equacao que envolve o potencial,
do tipo

2m 1 et ks
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3.4.1 Variaveis de Mandelstam

Nesta secao vamos trabalhar em unidades naturais, isto é, h = ¢ = 1. Vamos considerar
o seguinte processo de espalhamento, que pode ser visto na figura (3.2),

A+B—-C+D,
descritos pelos seguintes quadrivetores de momento
pi= (FE;, pi) : comi=A,B,C,D. (3.63)
As variaveis de Mandelstam sao definidas pelas seguintes quantidades invariantes

s = (pa+pp)*=(pc+pp)°
(pa —pc)® = (ps —pp)°
u = (pa—pp)’=(ps—0pc) (3.64)

ou de forma aberta
s = (Ea+ Ep)* — (pa+ps)° = (Ec+ Ep)* — (e + pp)’
= (Ba—Ec)* — (Pa—pc)’ = (Eg — Ep)* — (P — Pp)°
u = (Ea—Ep)’— (pa—pp)’ = (Es — Ec)? — (s — pc)”. (3.65)
Quando avaliadas no centro de massa, a parte espacial de (3.63) fica
Pa=—Pp=p ; pc=-pp=p". (3.66)
Encontramos para a variavel s:
s = (EC + ED)2 = (EA + EB)2 (367)

com E,24(B) =p*+ mi(B) e Eé(D) =p'?+ mQC(D). Resolvendo a expressao de s para p? ou
p’?, obtemos

f(svava) f(s,mc,mp)

P’(s) = S ; p'*(s) = 1s : (3.68)
onde
f(s,mi,my) = (s —m? —m3)? —dmim? . (3.69)
Definindo z = cos 6, podemos escrever o produto escalar entre os vetores p'e p’
Py’ = |plp"| cos 6 = [pl|p”|= - (3.70)
Combinando (3.68) e (3.69) em (3.70), encontramos
p0" = ooV 15 mamp) [ s, me.mp) (3.71)

A relacao entre o pra, € p do centro de massa é

Plab = p(s)m_\/i (3.72)
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Py Fo
PB PD
Fig. 3.2: Varidveis de Mandelstam

3.4.2 Secao de choque na Aproximacao de Born

Na aproximacao de Born o elemento de matriz (3.35) entre os estados iniciais e finais
resulta na seguinte matriz-S

Spi=0p —2mid(Ey — B;) Vi, (3.73)

com Vy; = (f|V]i). Se o potencial apresentar invariancia translacional podemos escrever
Vi em (3.73) como

Vi = 6(P; — P) hy; (3.74)

onde hy; é a nova amplitude de espalhamento. Esta amplitude pode ser relacionada com
a secao de choque no referencial do centro de massa. Partindo da definicao apresentada
no Particle Data Group [52]

do 1 [|p7
dQ  64n2s ||

|IM|? (3.75)

onde M ¢é amplitude invariante de Feynman, [p] e |p’| s@o os mdédulos dos momentos
do estado inicial e final. Agora, se definirmos z = cosf, podemos entao escrever df) =
27dl sinf = —2m dz, apés a integragao de (3.75) em z:

o(s) = — 7] /+1dz|/\/l|2 (3.76)
32ms [p| J4 ' '
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A amplitude invariante M esta relacionada a amplitude hy; por (ver [18]):

M = 4(2n)*\/EAEREcEp hy; . (3.77)
Inserindo (3.77) em (3.76) obtemos

|]7/| +1

TS dz hiz 3.78
S dh (3.78)

o(s) = 32m° HAB HcD
onde pap = E4 Eg(Esa+ Eg)~L, 97| = p/(s), | P | = p(s), definido em (3.68)-(3.69) e
hyi = hgi(s,z). Caso seja necessario estudar o problema no referencial do laboratério,
pode-se parametrizar a segdo de choque com a relacao (3.72).



Capitulo

Revisao da literatura: O formalismo de

Fock-Tani

Neste capitulo iremos descrever o formalismo de Fock-Tani, cuja ideia consiste em efe-
tuar uma troca de representacao tal que os operadores associados as particulas compos-
tas sejam reescritos em termos de operadores que satisfazem relagoes de anticomutacao
canonicas.

Partindo da representacao do sistema no espaco de Fock, usando operadores de
criacao e aniquilacao para as particulas constituintes elementares, consideramos um sis-
tema contendo quarks e antiquarks que podem formar estados ligados (mésons e barions
compostos). Nesta representagao, os estados de um méson (bdrion) podem ser cons-
truidos a partir de operadores de criacao de mésons (barions), os quais podem ser defini-
dos em termos de combinacgoes lineares de produtos de operadores de criacao de quarks e
antiquarks. Vamos usar a argumentacao apresentada nas teses de estudo de mésons e de
bérions nos trabalho de doutorado de Sérgio Szpigel (USP/1995) [53] e Dimiter Hadjimi-
chef (IFT/1995) [54], respectivamente e a notagao apresentada na dissertagao de estudo
de mésons-barions no trabalho de mestrado de Bruna C. Folador [55](UFRGS/2015).

4.1 A representacao de Fock-Tani

Vamos considerar o estado de um méson composto por um quark e um antiquark. O
vetor de estado |o > no espago de Fock, F, que descreve esse méson pode ser escrito
como [5H5]:

la>= MI|0> | (4.1)

onde M/ é o operador de criagdo de um méson composto no estado o e [0> é o estado
de vécuo, definido por:
qu|0>=¢,|0>=0, (4.2)

e o operador M :
ML= ®hvqfal (4.3)
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onde ¢~ ¢ a funcao de onda do méson. O indice a representa de uma maneira compacta
os nimeros quanticos do méson: « = {espacial, spin,isospin}. Os indices p e v identi-
ficam os nimeros quanticos dos quarks e antiquarks: u, v = {espacial, spin, sabor, cor}.
Usamos a convencao de soma implicita nos indices repetidos. E conveniente trabalhar
com fungoes de onda ortonormalizadas:

<a|B>= QDY = bap - (4.4)
Os operadores de quark e antiquark satisfazem relagoes de anticomutacao canonicas,

{qlmqu} = {QM,QV} = {(Luqu} = {Q;uqlt} =0 s
{Q;u qzi} - {(ZUJ q_l} - 5;”/ . (45)
Utilizando estas relacoes de anticomutagao, juntamente com a condicao de ortonorma-

lizagao apresentada na equagao (4.4), obtemos as relagoes de comutagao para os opera-
dores de mésons compostos

(Mo, Mg] =0, [Mo, Mf] =005 — Dag (4.6)
onde
Dop = @707 qhq, + D0 qlq, - (4.7)

Adicionalmente, temos

[qWMa] = [(jua Ma] =0 s
[qlﬁ M(l] = (I)ZVQI )
(@, M]] = —®4qf, . (4.8)

O termo D,z apresentado em (4.7) e que aparece na relagdo nao canonica (4.6) é uma
manifestacao da natureza composta e da estrutura interna dos mésons. A presenca deste
termo ¢é indicativo do alto nivel de complexidade que surge no tratamento de problemas
em que os graus de liberdade internos dos mésons nao podem ser desprezados, pois
as técnicas usuais da teoria de campos, tais como a utilizacao de funcoes de Green,
do teorema de Wick, entre outros, aplicam-se a operadores que satisfazem relacoes de
comutagao (ou anticomutagao) canonicas. Analogamente, o fato de que os comutadores
(g, M1] e [q,, M] nao se anulam, expressa a dependéncia cinemdtica entre o operador
de méson e os operadores de quark e antiquark. Assim, os operadores de méson, M, e
M, nao sao varidveis dinamicas convenientes.

A ideia do método Fock-Tani é fazer uma mudanca de representacao, de forma que
os operadores das particulas compostas sejam redescritos por operadores que satisfazem
relacoes de comutagao canonicas. Naturalmente, as complicagoes da natureza composta
dos mésons aparecerao em algum outro ponto do formalismo. A mudanca de repre-
sentacao é realizada por meio de um operador unitario, U, de modo que os estados de
um méson composto sejam redescritos por estados de um méson ideal, descritos por
operadores de particulas “ideais”, m,, e m], [53].
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Seja |2> um vetor de estado arbitrario e O um operador arbitrario, ambos expressos
em termos dos operadores de quark e antiquark, ¢, q', g, g", da representacio de Fock
original e |Q2) e Opr as quantidades correspondentes na nova representacao:

0>—s Q) = U0 >,
0O — OFT = U_10U . (49)

Uma vez que o operador U é unitario, os produtos escalares e os elementos de matriz
sao preservados sob a mudanca de representacao:

<QIQ>= (QQ),
<QO|Q>= (Q|0p1|Q) . (4.10)

Note-se que na nova representacao os estados sao representados por “bras”e “kets” circulares
ao invés de angulares.

Dessa forma, se |a > é um estado de um méson, ele serd redescrito por um méson
elementar (“ideal”) sob a transformacao

la>— U a>= |a) =m]|0), (4.11)

onde os operadores de méson “ideal”, m! e m,, satisfazem, por definicio, relacoes de
comutagao canonicas

[Me, mp] =0,
[y mb| = das (4.12)
e sao cinematicamente independentes dos operadores de quark e antiquark
G M) = [queml] = [@.ma] =[G, ml] =0. (4.13)

O estado |0) é o vdcuo para os graus de liberdade de quarks, antiquarks e mésons ”ide-
ais”na nova representacao.

De forma anéloga aos mésons, a forma explicita do operador de criagao de bérions
B} é dada por [55]

1
Bll - _\I;glmlLSqu q;ftz QL37 (4'14)

V6

com a normalizacao da funcao de onda dada por
<Oé’ﬁ> — ‘112“1“2“3\1151“2”3 _ 5a,8 ) (4.15)
E o vetor de estado que descreve esse barion

ja) = BL0) (4.16)
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onde |0) é o estado de vacuo (sem quarks). Usando as rela¢oes de anticomutagao entre
os quarks (4.5) pode-se mostrar que o operador B, obedece as seguintes relagoes de
anticomutacao

{Ba,Bg} = 0
{BOMBE’} - 5(16 - Aaﬁ (417)
onde
3
Aaﬂ — 3@2#1#2#3\1151@1/3@3%3 . 5\IjZHlN?#B\I[gIVQVSqing2qM2qH3 ' (4.18)

A presenga do operador A,z na relagao de anticomutacao revela a natureza composta
dos operadores de béarions. Outras relagoes importantes sao as seguintes

{Qlu Ba} = 0
3
{qw Bl} - \/;\115#2#3 qu qLS :

Em {g,, B}} também vemos a interferéncia da estrutura interna do barion, revelando a
falta de independéncia cinematica entre o operador de barion e o de quarks.

Podemos ver a troca de representacao de Fock para Fock-Tani, dos mésons e dos
béarions nas tabelas 4.1 e 4.2, respectivamente, onde a representacao da manifestacao da
natureza composta e da estrutura dos mésons ¢ dado por D,z e a dos barions por A,gs.

(4.19)

Fock Fock-Tani
ja>= Mijo> @) = m}[0)
(Mg, Mgl =0 [Me,mpgl =0

(Mo, MJ) = 65 — Dag
[Q/m Ma] = [qua Ma] =0
(G Mot] = q)qul

[q_lfv M(Iz] — _(I)qul

[mm m;] = 504/3

[le ma] = [Q}, ma] =0
[qmmTa] =0
[QIM mL] =0

Tab. 4.1: Representagao dos operadores de mésons no espaco de Fock e no espaco de

Fock-Tans.

O operador unitario U é construido expandindo-se o espaco de Fock original de modo

que os estados de méson “ideal” sejam incluidos. Consideremos o espaco de Fock fisico,
indicado por F. Esse é o espaco de estados gerado por todas as combinagoes lineares de
estados construidos de operadores de quark e antiquark,

ah el - a,10> (4.20)
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Fock Fock-Tani
la) = BJ0) la) = bL]0)
{BOMB,B} =0 {bmbﬁ} =0

{Ba, B} = 0ap = Dap | {basbh} = G

{quﬂ Ba} =0 {qw ba} =0

{aw BLY = \/30mergl gl | {gubl} =0

Tab. 4.2: Representagao dos operadores de bdrions no espaco de Fock e no espaco de
Fock-Tan;.

com [ e m arbitrarios. Definimos um espaco de Hilbert M, o espaco de mésons ideais,
independente do espago de Fock fisico F, como o espaco gerado por todas as combinagoes
lineares de estados construidos de operadores de méson “ideal”,

ml, -l O (4.21)

«aq

onde |0)r é 0 vacuo de M, definido por
Mal0)p = 0. (4.22)

Agora, define-se um novo espago de Hilbert, chamado “espaco de estados ideais”,
como o produto direto dos espacos de Fock fisico F e de mésons ideais M,

I=FaM. (4.23)

As relagoes de comutagao (4.6)-(4.8), inicialmente definidas em F, e de (4.12), inicial-
mente definidas em M, sao validas também em Z. Por defini¢cao, os operadores de quark
e de méson ideal sdo cinematicamente independentes e, portanto, também satisfazem a
equagao (4.13) em Z.

O vacuo de Z é dado pelo produto direto dos vacuos de M e F,

10) = [0> ®|0) s - (4.24)
Dessa forma, |0) é o vacuo dos graus de liberdade de quarks, antiquarks e mésons ideais:
9u10) = @, |0) =m,|0) = 0. (4.25)

Os operadores de quarks atuam em |0 > e os operadores de mésons ideais atuam em
|0) A na equagao (4.24).

Estabelecemos, entao, uma correspondéncia um-para-um entre os estados do espaco
de Fock fisico F e os estados de um sub-espaco de Z. Em Z, existe um sub-espaco Z, que
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é isomérfico ao espago de Fock original F e consiste dos estados |2 >€ F sem mésons
ideais,
ma|2>=0 Ya, ou Np|Q2>=0, (4.26)

onde N,, é o operador niimero total de mésons ideais

N =Y mimg . (4.27)

A equagao (4.26) passa a ser um vinculo a ser satisfeito pelos estados permitidos em Z.
A equagao de vinculo, ou condicao subsidiaria, exige que em Z; os mésons ideais
sejam modos redundantes, ou seja, correspondam a estados totalmente desocupados.
Essa condicao é necessaria para evitar multipla contagem de graus de liberdade.
O operador U, que realiza a transformacgao (4.9), é dado explicitamente por [56]:

U = exp <—%F> , (4.28)
onde F', o gerador da transformacao, é dado por:

F=>"(mlMy—Mimg) . (4.29)

Fazendo uso da definicao da exponencial de um operador como uma série de poténcias
e aplicando o gerador da transformacio sucessivamente em M |0), podemos verificar que:

U'M0) = Cosg M1|0) + Sing m} |0)

= mL'O) (430)

O operador unitario U atua sobre estados de Z e nao pode ser definido em F. Con-
tudo, U esta definido em Z;, que é isomorfico a F. Definimos, entao, o espaco de
Fock-Tani Fprr como o espaco imagem de Zg:

Frr =U"I, . (4.31)

Assim, o espago Fgr € 0 sub-espaco de Z cujos vetores de estado |{2) na nova representagao
estao relacionados aos vetores de estado de Z, por

Q>=U|Q) = Q) =U Q2> . (4.32)

Qualquer calculo efetuado no espaco fisico F é equivalente ao calculo no espaco de
Fock-Tani. Para dois estados quaisquer, |2 > e [ > e qualquer observavel O em F,
temos

<QO|Y >= (QULOU|Y) = (Q|Opr|QY) . (4.33)

E claro que em Fpr a condicao que garante que nao ha dupla contagem:

U 'maUQ2) =0, (4.34)
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deve sempre ser satisfeita.

A vantagem de trabalhar em Fpr é que neste espago todos os operadores de criagao
e aniquilacao satisfazem relagoes de (anti)comutagao canonicas. No entanto, a natureza
composta dos mésons aparecera em outro lugar. Os operadores transformados,

Opr = U'OU, (4.35)

dao origem a séries infinitas que fisicamente representam, de algum modo, uma expansao
na densidade do sistema. O método sera eficiente para calculos praticos se forem ne-
cessarios poucos termos da série para descrever as interagoes entre os mésons e os quarks.
A obtengao de forcas efetivas de muitos corpos entre os mésons requer uma expansao
até altas ordens na funcao de onda do méson. No entanto, interacoes efetivas entre dois
mésons podem ser obtidas em ordem relativamente baixa.

Outra complicacao potencial relaciona-se com a condicao subsididria. Em proble-
mas envolvendo muitos mésons deve-se tomar cuidado para nao violar esse vinculo.
Para um estado contendo vérios mésons compostos, |ag,---,q, >= Mjn . M; 0),
a transformacao através do operador U nao resulta, em geral, em um estado produto
de mésons ideais, pois U MU difere de m! por uma série infinita contendo opera-
dores de quarks. No entanto, é possivel mostrar que um estado em Fpr da forma
lag, -+ o) = ml ---m{, |0) satisfaz a condi¢ao subsididria Eq. (4.34) e, portanto,
é um estado fisico. A imagem deste estado em Z; é um estado complicado contendo
quarks, antiquarks e mésons. Para processos de espalhamento, a matriz-S é definida em
termos de estados assintéticos, os quais, por definicdo, nao se superpoem, de forma que
podemos escrever:

|O[1,"‘ y Qi >—> U_1|Oé1,"' y Qo > = |a17"' 7an)
= ml ---ml |0). (4.36)

Portanto, para estados assintéticos, a condicao subsidiaria é trivialmente satisfeita.

4.2 A Transformacao de Fock-Tani para Mésons

Os operadores basicos de um determinado modelo, tais como o operador Hamiltoniano
e correntes eletromagnéticas, sao expressos em termos de operadores de quark e anti-
quark. Dessa forma, para obtermos os operadores do modelo na nova representacao,
necessitamos dos operadores de quark e antiquark transformados [53]:

ger = U~ 'qU
ger = U™ 'qU . (4.37)

Os operadores de criagao sao obtidos de forma andloga, tomando o conjugado Hermitiano
de (4.37) e lembrando que U~! = UT.

Os célculos dessas expressoes, pelo método de multicomutadores, sao bastante com-
plicado, envolvendo séries infinitas e nao podem, em geral, ser expressos numa forma
fechada. No entanto, as transformacoes podem ser obtidas iterativamente através do
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método de “equagoes de movimento”, sugerido por Girardeau [56]. Para qualquer ope-
rador O, define-se:
O(t) = exp (—0F)Oexp (0F) , (4.38)

onde ¢ é um parametro real e representa um angulo de rotagao no espaco de Hilbert
(como serd visto a seguir).

Diferenciando a expressao acima com relagao a #, obtemos a equacao de movimento
para o operador O:

dO(0)
N F 4.
oy = 00), F], (4.39)
com a “condicao inicial”:
OO =0)=0. (4.40)

Os operadores transformados de Fock-Tani sao obtidos das solugoes das equagoes (4.39-
4.40) para 0 = —7:
OFT = U_IOU = O(—7T/2) . (441)

Deste modo, usando (4.39) e o gerador da transformagao dado em (4.29), obtemos as
equagoes de movimento para os operadores de quarks e antiquarks:

WO — (g0, 7
S @ T O (0) (4.49)

W0~ o). F)
= B Bl O)mal6) (1.43

Uma vez que as equagoes de movimento para ¢ e ¢ envolvem m,(#), é necessario obter
a equagao de movimento para m,(6):

dm(0)
0 - [ma(0), F]
= M.(0). (4.44)
Da mesma forma,
Wal®) — far0). 1
= —[0ap — Dap(0)] mps(0) . (4.45)

As equagoes (4.42)-(4.45), juntamente com suas Hermitianas conjugadas, formam um
conjunto de equacoes diferenciais nao-lineares acopladas, tao dificeis de resolver quanto as
expressoes obtidas pela técnica de multicomutadores. No entanto essas equagoes podem
ser resolvidas de maneira direta por iteracao.
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Partindo de uma aproximacao de ordem zero, onde é desprezada a superposicao dos
mésons, coletamos os termos de mesma ordem na funcao de onda do estado ligado, @,
e ®*. Dessa forma, escrevemos os operadores como uma expansao

w0 =>_a’0), @) =3 a0,
ma®) =3 mOO) . Ma0) =3 MOB). (4.46)

onde (7) indica a ordem nas fungoes de onda. Para que se tenha uma contagem de
poténcias consistente, as funcoes de onda implicitas nos operadores M, e M] via (4.3),
nao devem entrar na contagem. Desta forma, a expansao de (4.46) pode ser entendida
como uma expansao na densidade do sistema.

Assim, as equacoes de movimento em ordem zero nas funcées de onda sao obtidas
desprezando-se os termos D,g(6) e @, nas equagoes (4.42)-(4.45):

dqi” (0)
do
dg.” (6) _

do

dM” () )
a e

(0)
dm;_e(@ = M) . (4.47)

=0,

0, (0) = qu

Q£O)(0) = Qv

m 9 (0) = my cosf + M, sinf |

M) = M, cos — mgsin 6 . (4.48)

Deve-se notar que as condigoes iniciais foram impostas sobre o termo de ordem zero na
expansao de (4.46). Assim, para que esta expansao seja consistente com (4.40), devemos
ter como condicoes iniciais para os termos de ordem > 1 que:

¢(0=0)=q"0=0)=mO0=0)=M"0=0)=0, parai > 1. (4.49)

Uma vez que o termo D, nao contribui para as equagoes de movimento de primeira
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ordem, obtemos

dq(l) 0 L
lzw( : = 0 P 1ql§0)(9)mg0)(9) ,
dgs" (o V
g 9( ) - Gy @ g1 (0)m (0)
dMV ()
e N )
dm& (6)
e N Wy 4
20 _ M) (4.50)
Com as condigoes iniciais da equagao (4.49) e a condigao em 6 = —m /2, obtemos:
qf})(e) = —0,, P2 gl Mg sind + M, (1 — cos0)]
0 (0) = 00, @1 gl [masing + M, (1 — cos )]
me)(0) =0,
MM @) =0. (4.51)

Esse processo iterativo pode ser estendido diretamente até ordens mais altas. No
entanto, as solucoes de segunda ordem em diante darao origem a termos seculares, isto
é, termos que envolvem polinémios em 6, além de fungoes trigonométricas em 6. En-
tre outros problemas, os termos seculares introduzem as familiares discrepancias “post-
prior” [57], [58] na anédlise de processos de espalhamento e processos reativos. A origem
dos termos seculares estd na assimetria das equagoes de movimento para m,, e M,, (4.44)
e (4.45), e a simetria é quebrada pelo termo D,p.

Este problema foi resolvido por Girardeau e Straton [59]. A solugao consiste em adi-
cionar a I’ um termo dependente de D, de modo que as equagoes tornem-se simétricas.
Seguimos, aqui, o procedimento de Lo e Girardeau [58], que embora seja equivalente
ao procedimento de Girardeau e Straton, é mais elegante e sistematico. O gerador da
transformacao ¢ definido como

F =Y (m{Oa—0im,) (4.52)

onde o operador O, é uma funcao somente dos operadores de quark e antiquark, escolhido
de tal forma que satisfaca relacoes de comutacao canonicas, ou seja:

[OOH Oﬁ] =0 )
[0, 0% = 64 - (4.53)

Isto leva a equagoes de movimento simétricas para m, e O, em todas as ordens nas
funcoes de onda de estado ligado @, e ®}:

dm(0)
do
40, (6)

= = [0a(0), F] = —ma(6) (4.54)

= [ma(0), F] = 0a() ,
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As solucoes destas equacoes

Mmea(0) = Oy sinf + my, cos b |
On(0) = O, cos — mgysinb | (4.55)

contém somente fungoes trigonométricas de #. Nao ¢é dificil mostrar que isto elimina
também os termos seculares dos operadores de quark e antiquark.

O operador O, também é determinado iterativamente, ou seja, ordem a ordem em
®, e @, de modo que O, pode ser expandido como

0. () = i 09(9) , (4.56)

=0

onde, novamente, (¢) indica a ordem considerada em ®, e ®%. O termo de ordem zero é
trivialmente dado por:
oY =M, , (4.57)

«

que certamente satisfaz a Eq. (4.53), em ordem zero, e reproduz os resultados originais
para primeira e segunda ordem. O termo seguinte é o de segunda ordem:

O, = M, +0% | (4.58)

onde O deve ser escolhido de forma que

[oa, og] = bap + O(D%) . (4.59)
A escolha apropriada é:
1
0P = 58asMs. (4.60)
Seguindo o mesmo procedimento, obtemos o operador de terceira ordem,
1
O = =5 M{[Agy, Mo]M, . (4.61)

Assim, até terceira ordem, verifica-se que o operador O, é dado por:

1 1
Oa = Mo+ 5805Mp + 5Mg[AM, MM, . (4.62)
E facil mostrar usando estas relacoes que:
04, O] = O(27)
[Oou O;] = 5aﬂ + O((I)4) ) (463>

O célculo detalhado do operador O, é descrito no Apéndice B.
E importante observar que a equacao de vinculo para a transformacao de Fock-Tani
com o novo gerador resulta em

0.2 =0 Va. (4.64)
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Dessa forma, para estados no sub-espaco Frr do tipo:

|0517"' >Oén) =m) "'an|0)v (4'65)

aq

a condigao subsidiaria (4.34) é trivialmente satisfeita, uma vez que O, é fun¢ao somente
de operadores de quark e antiquark e, portanto, comuta com m!. Também, temos que
impor que O, aniquila o vacuo:

04]0) =0 ,Va (4.66)

Esta é uma condicao necessaria a ser imposta sobre O, para que o vacuo permaneca
invariante sob a transformacao Fock-Tani, pois somente assim teremos:

Floy=0 = Uj0)=10), (4.67)

Esta é uma propriedade extremamente importante para que possamos realizar os calculos

no espago Fgr. Assim, supoe-se que OS), 1 > 0, possa sempre ser construido como um

produto ordenado normalmente contendo sempre um operador de aniquilacao na direita.
Além disso, pode-se notar que

M}|0) = OL0) (4.68)

o que até terceira ordem segue imediatamente de (4.64). De acordo com as observagoes
acima, espera-se que esse resultado mantenha-se em qualquer ordem. Assim, a trans-
formagao Fock-Tani sobre um estado contendo um tinico méson composto pode ser escrita
como

U'Mio) = UT'0l0) = UtolUo)
= m}|0) (4.69)

de modo que a transformacao de Fock-Tani com o novo gerador mantém o significado
fisico da transformacao original, dada pelo gerador definido em (4.29).

As equagoes de movimento de segunda ordem para m,, e O, com a transformacao de
Fock-Tani generalizada sao dadas por

dm(2)(9)
ama (%) _ 5@ g
70 0:7(0) ,
dO (6)
e V) (2)
7 mi(0) . (4.70)

Ao considerarmos as equagoes de movimento para os operadores g e ¢, temos que
incluir as contribuicoes adicionais que resultam da mudanca do gerador da transformacao.
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Assim, temos:

dq(2) 0 V1 = 1 * 1% 1%
WO by [ gD OmO (0) + L@ pm O (0)qf2 (MO (6)
1 * o1 V1
- ey M$<0><6>q,§2><0>mg0><0>} :
da” () (e © gy o L 0 (9 1/ (9170
0 = w {‘Pm;& (O)mP(0) + errrakmi®) ()M (0)qf) (6)
1 * 1% 1% ~'
- SOy 1M;<0>(9)mg°>(9)q52>(9)} : (4.71)

As condigdes iniciais para OY )(0) sao dadas por
0DOH=0)=0" Vi (4.72)
Assim, temos 0&2)(9 =0) = 3A,3Mj e, integrando as equagoes (4.70)-(4.71) obtemos

1
m? (@) = 58asMpsing
1

o) = §A05M5 cos @ ,
1
Q;(f)(e) = 5#/115(1)2“2” @glyl [mLMg sin 0 cos 0 — m! mgsin® — MIMg(2 — 2cos 6

— sin®0) — Mmg (2sin6 — sin 6 cos 0)] gy,

1
a2 = 5W1§(I>Z“1”2(I>g1”1 [m Mg sin 6 cos 0 — mlmgsin®6 — MIMg(2 — 2 cos 6

— sin?@) — MImg (2sin6 — sinf cos0)] g, - (4.73)

4.3 A Transformacao de Fock-Tani para Barions

Utilizando novamente o método de “equagoes de movimento” de Girardeau [56], obtemos
a equacao de movimento de quarks dos bérions [54]:

el —\/E\P RQURGING (4.74)

Como a equagao de movimento para ¢ envolve b, (), precisamos obter a equagao de
movimento para b, (6):

dbo (0)
i~ P
Dal0) s+ 2as(0)] 5(0)

(4.75)
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As equagbes (4.75) constituem um sistema de equagoes diferenciais nao - lineares
acopladas. Uma forma sistemdatica de efetuar a sua resolucao consiste em fazer uma
expansao dos operadores transformados em poténcias da funcao de onda, isto é,

B.6) = 3 BOW)
(®) = SO0
00) = 3 q00) (4.76)

Estas expansoes nao sao de poténcias do parametro 6, que assume o valor § = —m /2,
mas de poteéncias da densidade do sistema. Desta forma as equacoes de ordem zero sao

dBY ()
do

d(6) _ BO(9) (4.78)
o T '

dgy” (6)
df

e OR (4.77)

=0. (4.79)

O termo proporcional a A,z foi desprezado em (4.77) por ser de segunda ordem em W
e portanto nao contribuir. Também na equacao (4.79) o lado direito foi tomado igual
a zero porque no lado direito de (4.74) temos uma funcao de onda multiplicando os
operadores. A solugao de (4.79) é trivial

qLEO)(H) = cte, (4.80)

e pela condi¢ao “inicial” (4.40) encontramos

0" (0) = qu
b(0) = B, sinf+ b, cosf
BY(6) = B, cosf —b, sinb. (4.81)

As equacoes de primeira ordem, isto é, aquelas equacoes que contém poténcias da
funcao de onda até a primeira ordem, sao dadas por

dBV ()
IPa V) () e
do ba (9> ( 8 )
b ()
- — BM N
d a (0) (4.83)
dg V(0 3 ,
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Novamente o termo proporcional a A,z foi desprezado em (4.82) por ser de segunda
ordem em V¥ e portanto nao contribuir. Desta vez, no entanto, o lado direito de (4.84)
nao foi tomado igual a zero por ser efetivamente de primeira ordem.

Como as condicoes “iniciais” ja foram usadas nas solugoes de ordem zero devemos,
entao ter que

BY(0) = b(0) = ¢P(0) =0 para i > 1. (4.85)

Assim encontramos que

BM@®) = 0 (4.86)
bal)(g) = 0 (487)
3 . :
W00 = 3w, | )
3
— _\/;\Ilg’”‘“’ qLQqLB[bﬁ sinf + Bg(1 — cos0)]. (4.88)

A obtencao dos operadores de segunda ordem segue o mesmo procedimento na contagem
de poténcias nas equacoes de movimento e, assim como para os mésons, da origem a
termos seculares. Nesse caso, também adicionaremos a F' um termo dependente de
A,p de modo que as equagoes tornem-se simétricas, de forma que o novo gerador fica
formalmente igual ao antigo apenas com a substituicao de B, por O,, ou seja,

F =00, Ol b,, (4.89)
tal que
00 =B, (4.90)

Impomos que o novo operador O, que substitui ao operador de barions composto, deva
obedecer relagoes canonicas de anticomutacao

{Oa, O} = . (4.91)

A construcao deste anticomutador é feita de maneira iterativa. Em ordem mais baixa a
anticomutacao de O, resulta em

{O((XO),O;(O)} — {Ba’ BZ;} — 50&5 — Aaﬁ- (492)

Para cancelar o termo operatorial A,z e garantir que o anticomutador seja canonico até
0 . .
segunda ordem, soma-se a O&) um termo com uma estrutura adequada, isto é,

1
Oa = Ba + 5 Aag Bg. (493)
Vemos que, até terceira ordem, o operador O, é dado por:

1
Ou = Ba+ 5 ag By + a3 B! [As,, BJ] B, (4.94)
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A nova transformacao de Fock-Tani fica
U(0) = exp (tF) (4.95)

de tal maneira que as respectivas equacoes de movimento resultam em

dOjg(e) = [0,(0), F(0)] (4.96)
Pel0) _ b, 0). F0) (1.97)
dQM(Q) _

9 lg,(0).£(0) (4.98)

Uma das grandes vantagens da formulacao generalizada comeca a aparecer na resolugao
destas equagoes de movimento. As equagoes (4.96) e (4.97) sao

d0,(0)

2= —b(0) (4.99)
dbe ()
== = 0a(0) (4.100)

que podem ser integradas sem problemas resultando em

0,(0) = O4cos6 — b, sinb (4.101)
bo(0) = O4sinf + b, cos . (4.102)

Nesta formulacao generalizada vemos que operadores transformados possuem a proprie-
dade de uma rotacao no espaco dos operadores. Na formulagao “restrita”’, isto é, com o
gerador igual a Fj sao apenas os operadores de ordem zero que constituem uma rotagao.
Estas equagoes podem ser escritas ordem a ordem

0V(H) = B,cosh — b,sinb

«

o) = 0
1
0P() = 580, B cost
09(0) — —1BiA, B 0
o () - _5 'y[ 073 a}BpCOS (4103)

bP(0) = Basin®+ b, cosf

b)) = 0
1
b)) = §Aavasin9
1
V() = —=BI[A,,, BaB,sind (4.104)

2 Y
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A simplicidade das equacoes para O, e b, nao se reflete na equacao para o operador de
quarks. A sua equacao de movimento até terceira ordem é dada por

dqgée) _ _\/g\l,uuwsqw (9)qL3(9)bﬂ(0)
g\;p:uwws\pmuz# [bfy(@)qm) (0)Bs(0) — Bj;(@)q“s (9)[)6(6)}
3

+ U (B (0L, (0)us (0)0ys (0)Bs(60) — BL(0)al, (0)0, () a5 (6)05(6)]

1 /3
LBl 014, 0)D,00:00

3 3 KUY U2 U3\Tf R V1 V2V3\Ts VI L3
+ 5\/;\117“ Has Qs GG () BY(0) g, (0) 6 (04 (0)ds (0) B (6)

— 3\/§ |:\I/:H1M2M3\I;g1#2113\pg”2#3 + %m:ﬂluQ#:i\I]lpLM?/—LS\I[gIVQVS
1
_\P§#1M2#3\P5H2V3\Ijgll’2#3 _ 5@2#1#2#3@/;11/2:/3@5#2#3 B};(@)qis (9)@2 (G)Bp(e)bg(e)

3
KT U2 U\ U1 V2V3\T V1 I3 kL1 2 3T 1 UV3T Y IV2 143

x B (0)al, (0)a},(0)a}, (64, (6) B, (6)b5(6). (4.105)

Uma equacgao de primeira ordem pode ser obtida de (4.105), desprezando os termos que
possuem poténcias mais altas da funcao de onda

dg" () 3 wpisps (0)
o =\ Ul (00l (0)55 (0). (4.106)

A resolucao de (4.106) ¢ igual a (4.84), no entanto neste ponto podemos apresentar uma
maneira alternativa de resolver esta equacao. Substituimos (4.81) e (4.100) em (4.106),

obtendo
(0
dg M (6) 3 dOg"(0)
“dg = 2\11‘/;”2“3ql2qlg T (4.107)

No lado direito de (4.107) vemos a presenca de uma derivada total que por sua vez possui
uma solucao simples

3 2H3

_ —\/gq/g”quLQqLS [bﬁ sin @ + Bs(1 — cos e)] (4.108)

Esta propriedade, a de sempre encontrar uma derivada total no lado direito das equagoes
de movimento, constituiu um aspecto novo do formalismo de Fock-Tani descoberto por
D. Hadjimichef [54]. Ela auxiliou na resolucao das equagbes de movimento para os
operadores de quarks de ordens mais altas.



Capitulo 4. Revisao da literatura: O formalismo de Fock-Tani 56

A equacao em segunda ordem é

dg”(0) \/§ s [410)(g
do 2 12

)af D (0) + ¢fD(0)! ™ (0)] 05 (6)
; 7

)BY(6) — BIO(0)g )0 (9)]

\Ij*#l 23 \I/ul M2

2 v b q#s
3 * 12
+ 2\117,“1#2#3\1;# M |:b qyz q}(L )(e)ql(g)(e)BéO)(e)
—BIO0)qf” (0)¢2) (0)2 (0)b5 (9) (4.109)

A integragao de (4.109) resulta em

3

Q,(f) (0) 5@:“‘””“@%”” [—biqu3 Bgsinf cos 0 + biqmb/g sin’ #

1 1
+2Biqu3B/3(1 —cosf — 5 sin? ) + 2B§qu3bg(sin 0 — 5 sin 6 cos 9)}

—5 SWrpeks \I/’“”Z“ [ big!h Q)02 Qs B sin 6 cos 0 + bvqy2 Qs Qs b SID 29

1 : L.
+ZBWqV2qM2qM3Bg(1 — cosf — 5 sin? @) + 2Bvqyzqu2qu3b/3(sm9 ~ 5 sin 6 cos 9)} ,
(4.110)

onde vemos que esta transformacao generalizada efetivamente cancela os termos secula-
res.



Capitulo

A nova transformacao e o Hamiltoniano de

Fock-Tani

Neste capitulo introduziremos o Hamiltoniano de Fock-Tani, obtido através dos poten-
ciais de troca e de aniquilacao de quarks com emissao de um glion. No capitulo 2 vimos
como a QED e a QCD se assemelham matematicamente. Uma alternativa a essas duas
representacoes ¢ o Modelo de Quarks o qual retém os detalhes da QCD porém ¢é mais
simples e rapido e cuja interacao dos hadrons se da na forma de um potencial. Mas as
energias utilizadas em nosso estudo estao na escala nao-perturbativa, e dessa forma a
QCD torna-se complexa pois necessitariamos utilizar QCD na rede. Assim, dos métodos
existentes para interagoes hadron-hadron, Fock-Tani se mostrou o melhor devido a sua
ideia basica de mudanca de representacao.

Através do Modelo de Quarks, obtivemos o Hamiltoniano Microscépico, a partir do
qual estenderemos as transformacoes de Fock-Tani para mésons e barions que, separada-
mente, descrevem com éxito as interagoes méson-méson e barion-barion, como mostrado
no Capitulo 4, a fim de obtermos o Hamiltoniano de Fock-Tani, que sera primordial para
encontrarmos o Potencial de Interacao Méson-Barion V.

Para definir a nova transformagao U, aplicada a méson-bérion, as condicoes (4.9) e
(4.10) devem ser satisfeitas.

O operador unitario méson-barion é definido por

UB,0') = Uy () Ug(d'), (5.1)
de forma que os operadores transformados sejam
Oa(0,0) =U10,0)0, UH,0). (5.2)

Usando a técnica das equagoes de movimento, o operador O, em (5.2) resulta na expansao
em poteéncias das funcgoes de onda

0a(0,0) =>_ 0"(6,0') (5.3)
ij

Onde 7 e j sao relacionados as ordens do méson e do barion, em poténcias das fungoes
de onda, respectivamente. Por exemplo, o operador O>!) é de segunda ordem na funcao
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de onda do méson e de primeira ordem na funcao de onda do barion. Para obter os
operadores transformados, vamos usar § = ' = —m /2. Nesse novo mapeamento, devemos
apresentar os operadores quark e antiquarks transformados, mantendo apenas os termos
meq € b, que sao relevantes para nossos operadores ideais.

A partir de agora usaremos a notacao ¢ na qual “a” representa os mésons e “b”
. 0,00 _(0,0) _ .
os barions. Em ordem zero ¢, = ¢, e ¢» ' = q,. Em primeira ordem temos
¢ = ¢V
0 = g
g =g, (5-4)

Os operadores de segunda ordem, como o cj,,(l’l), sao obtidos pela simples substituicao do

bérion transformado q,(}) dado por (4.108) no méson transformado " dado por (4.51),
resultando em

5(11) 3 PHv gt K Hams pt

4y - 5 a B 3 Maqus Quy (5'5>
enquanto que cjl,(l’z) pode ser obtido pela substituicao do barion transformado qf), obtido
em (4.110), no méson transformado " de (4.51), resultando em

3 / /
@51,2) = - ! V\II;M “2“3\11’;1“2”3192 q;f“ by . (5.6)

Pelo mesmo procedimento, obtemos

3 B ’
qf’l) - _\/gcbg (I),Bu \I/f;MquQqLSmgb,yma <5'7)
€
3 4 *
q£2,2) _ _Zq)gu (Pﬁ“ \Ijﬁvmm, \116“1“2“3b§m;bvmaqu1 (5.8)

O Hamiltoniano transformado de Fock-Tani H descreve todos os possiveis processos
fisicos envolvendo mésons, barions e quarks, cuja estrutura geral é

H=H,+ Hpm +Ho + Hing + Hog + Homs, (5.9)

onde o primeiro termo envolve apenas operadores de quarks, o segundo e terceiro termos
envolvem apenas operadores de mésons e barions ideais, o termo H,,, envolve operadores
de mésons e quarks, enquanto Hy, envolve operadores de barions e quarks, o tltimo termo
H..p Tepresenta a interacao méson-barion.

Na estrutra de H héa termos de ordem mais alta, em funcao das funcoes de onda,
que fornecem correcoes do estado-fundamental em ordem mais baixa. As quantidades
basicas para essas correcoes sao chamadas de kerneis de estados ligados e definidas como

Ap(pri ) = STV
Ap(pypops; vivavs) = WhLR2HRsgrvIv2ys (5.10)
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Uma propriedade importande do kernel do estado fundamental é

Ap(pv;op)® = @,
AB(MluQﬂg;l/ll/gl/g)\Ijzlyz% = \I]leﬂlﬁ (511)

que esta de acordo com a ortonormalizacao das fungoes de onda, dadas por
(I)Zuuq);ﬁw — 6&5 : \I,Z/tluzﬂs\ljgluzus — 50{5. (5_12)

O significado fisico das correcoes dos estados ligados é modificar a interacao fundamental
dos quarks. Considere, por exemplo, o Hamiltoniano microscopico quark-antiquark da
equagao (2.137)

Hoy = T () ahan +T (V) @a + Vag(pw; op)afabando
1 1 I
5 Vaa (s op)alalapas + 5 Vaalnv; op)qL T dplo- (5.13)

Na presente formulagao os tinicos estados ligados sao ¢q para os mésons e o estado de trés
quarks ggq para os bérions, o que implica que o termo V,; de (5.13) é responsével pela
ligacao dos mésons enquanto que o termo V,, ¢ diretamente relacionado com o estado
ligado dos bérions.

A transformagao do Hamiltoniano (5.13), H = U " Hy, U, é implementada pela trans-
formagao dos operadores de quark e antiquark da equagao (5.13), onde uma estrutura
similar a da equagao (5.9) é obtida. No espago livre, a fun¢ao de onda ¢ do méson da
equagao (4.3) satisfaz a seguinte equagao de Schrodinger

Hy(pv; op) @7 = ey @ (5.14)

[a]’

onde Hy(pv;op) é a matriz Hamiltoniana

Huy(pviop) = ue1up) [T([0]) + T([p])] + Vag(pv; op),

ef\é é a energia total do méson. Nao ha soma sobre indices repetidos dentro dos colchetes.

A equacao de autovalores equivalentes para a funcao de onda ¥ do barion é

Hp(pv; op)Wort = eﬁ]\lﬂwA (5.15)

[a]

onde a matriz Hamiltoniana Hpg(uv;op) é dada por

Hp(pv,op) =3 [5[u]05'/p T([u) + Vg(pr;op) ],

€., ¢ a energia total do barion.

Em ordem mais baixa, o Hamiltoniano efetivo de quark Hq tem a estrutura identica
do Hamiltoniano microscépico de quark, (5.13), exceto que os termos correspondentes as
interagoes quark-antiquark e quark-quark sao modificados como mostraremos a seguir.
Coletando o termo

(0,0) (0,0)

g}, 00 g 00 g0 gl
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com os termos apropriados da expansao das partes cinéticas de primeira ordem do méson

g Mg g0 go
combinados com
a5t g0 g go
e seus hermitianos conjugados, juntamente com os termos de segunda ordem
qL( )q;(} 0) ; gh (10 10 ; q#(l 0) gt (0.0) qf)o,o) (0,
obtemos o kernel do quark-antiquark dado por
Voo = [Vag— Hu Ay — Ay Hy + Ay Hy Ay ],

onde V3 = V4(ur; op) e a contracao (nos indices de quark e antiquark)
Hy Ay = Hy(pv; 78) Ap (7€ 0p). (5.16)

No caso em que ® é solugao da equacao (5.14), o novo termo de interagao quark-antiquark
fica

Vog(v; 0p) = Vgg(uv; op) Z e BT, (5.17)

O processo para a interacao quark-quark na nova representacao é analogo. Coletamos
os termos de ordem um da transformacao de energia cinética do barion

q#(o O)Q,L(LO 1) ; qu( )q(O 1)
e
qL(O Dt (o,o)q/()o 0400 : qL(o,nql(o,o)qlgo,o)qgo,n’
da transformacao do potencial. Isso nos leva a nova interacao quark-quark
1
Var = 5 Vaaluwsop) alabapts Z % Bl B, (5.18)

Os novos V4 e V,, sao potenciais fracos, modificados de forma que nenhum estado-ligado
seja formado. Esse resultado é exatamente o mesmo do método de quasiparticulas de
Weinberg [60], onde os estados ligados sdo descritos por particulas ideais. Coletando
outro conjunto de termos, dentre o Hamiltoniano béarion-quark de Hp, em (5.9), um
termo unico de separacao de béarions aparece

Hosgag = V(pap2ps;a)ql,al,ql,bs, (5.19)

onde

]‘ g gpT:
Vi po iz ) = % [HB(Mluz;UP)‘Pg'WS — Hp(pv; Uﬂ)‘I’gp SAB(/M/QN?,;/LVTB)} :

Usando o fato de que ¥ é autovalor de Hpg, pode-se demonstrar que o kernel V' (py g iz ; ) =

0 em (5.19), de forma que a quebra espontanea no espago livre nao é possivel. No setor
Hmg quark-méson da equacao (5.9) um termo similar H,,_,,; aparece relacionado com a
quebra do méson. Novamente, se ¢ ¢ a solugao da equacao (5.14), H,,qq = 0, assegura
a estabilidade do méson contra a quebra espontanea.
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5.1 O Potencial Méson-Barion

Nosso objetivo principal ¢ a interagao efetiva méson-barion H,,;, composta pelos seguintes
termos

Hmb _ Tzntra Vintra + Vdir + vint@T (520)

onde os termos Vnter yintra o Vdir yepresentam as trocas de glions com troca quarks
(os dois primeiros) e sem troca de quarks (direto). As contribuicoes relevantes para os
termos com troca de glions sao dadas por V, e V,; da equagao (5.13) e sdo combinagoes
das fungoes de onda até quarta ordem. E preciso transformar %qlqiqpqg e qLcﬂ,q—pqg em
termos da estrutura do operador. Apds realizar o ordenamento normal dos operadores
de quarks e antiquarks, os operadores ideais de cada termo m], 65 m., bs foram omitidos,

e as possiveis combinacoes estao listadas a seguir. A primeira combinagao possivel é

1
VitV = 5 [q (1, )CLT,(O ”qf,l o)q((ro Dy QL(O’l)Ql(1’0)61,()0’1)%(;1’0)}
1
+ 3 [qﬂ( 0) T(O 1)q,()0 1) (1 0) 4 qﬂ(O 1) Z(l 0)q( )q((, )} (5.21)
com
VYI — _3 q)zuyg\ljgllu2li3q)§l/2\ljg#2u3 : ‘/1/ _ +3 @ZVVQLI}ZH#Q#3¢§V2\II§N2“3 (522)

onde Vj é o termo de troca de quarks, enquanto que V{ é o termo direto de quarks.
A préxima contribuicao é

1 1
Vs + VS/ _ §qL(2,1)qy( )q,go O)q((TO 1) + 2qT (0, 1)qi(0,0)q£0 0)q((72 1) (5_23)
com
Vi = =37 \I,;#ll’us q)gqu\I,gpua : V3/ = _3 q)zmul \I/E/‘VHSq)gyl \Ijgupus (5_24)

Novamente, o termo V3 é o termo de troca de quarks, enquanto que Vi representa o
termo de troca de glion em um hédron.
A transformacao do termo qLcj;Eq_pqg tem como primeira possibilidade

Vit Vi = ¢/OVg0g0¢0n (5.25)
com
‘/4 =6 q)zqujzuluﬂsq)gwlpgww : ‘/4/ =3 (I)ZMV\IJZMMM:&(I)ZW\IJ?MQ% (526)

onde VJ é o termo direto de quark-antiquark enquanto que V; é o termo de troca de
quarks.
E, finalmente

‘/24_‘/'2/ = q (Ol)qi(ll)q( )(10)+qu(10) T(OO)q( )qc(r 1) (5.27)

I/
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com
Vo=-3 q)zwﬁpzml'usq)ﬁwz\ljgﬂus : V2' = -3 (I)Zﬂ1V1\I/;#Vu3(I)§u1 \I;glpﬂs (5.28)

onde V5 é o termo de troca de quarks e Vj representa o termo de troca de glion em um
hédron.
Assim, podemos escrever [61]

Vinter — Vinter(aﬁ; 5,}/) m:& b};} m7 b(S (529)

Onde o kernel de (5.29) tem a seguinte forma

4

VM (aB o) = VilaB; 67) (5.30)

i=1
E cada termo de (5.30) é dado por

i( ) = —3Vyg(uv;op) BRU I o g gk
Va( ) —3Vg(pv; o) @IV DI
Va(aB;oy) = —3Vi(uv; ap) QI Uftvie inva g st
Va( ) = —6Vig(pviop) @ THEQIATRTHS

A representagao das amplitudes de (5.30) pode ser vista na Figura 5.1.

A troca de glion em um hédron aparece em Ve

yintre 3Hy (HV; Up) (I)zmu\p;uuzua(pgpkp?uws + Hp (HV; Jp) @ZNlT\Ij;NVMSCD$ST\IJ§«IUP

+Hp (pv;op) ®LTUHTISDIMTWIN — Hy (uu;op) ST WH S GITREIHS ] m), b/g m., bs .
(5.31)

E o termo direto sem troca de quarks V%"

de'r _ [3‘/%(/“/; O_p)q):;m/z \Ijglwzuzs (I)guz \Ijguzus + 3qu(,UV§ Up)q)zmr/\p;uuzus(I)gw\pguzus} ml bg mfy b6 )
(5.32)

A parte cinética efetiva 7% ¢ dada por
Tintre — [555 O Hyy (pv;op) O + oy W™ Hp (uv; op) \Ifgp“S] m, bg M by .
(5.33)
Agora, considerando (5.14) e (5.15), os kerneis T ¢ V" ge reduzem a

Tintra + Vintm _ (ef\’f] + 6[331 ) N(aﬁ; 76) , (534)
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.
i

Vi &

Fig. 5.1: Diagramas de espalhamento Vi, Vs, V3 e V4 respectivamente

onde N(af3;v0) é dado por

N(af;70) = dps 0oy — Nu(af;70) (5.35)

com Ng(af;yd) = 3OHTWLRMTYEE. A interacao efetiva méson-barion (5.20)
torna-se,

Hub = Vi + (€l +€3) N (5.36)

onde Vmb _ vdir + Vinter'

Inspirados inicialmente nos trabalhos de Barnes e Swanson [18], [19], nossos célculos
levavam em consideracao apenas a parte de troca de quarks. Apods algumas simulacoes
percebemos que, para interacoes de curto alcance, como a de nosso estudo, a aniquilagao
deveria ser incluida.

Assim, a partir da equagao (5.20), vemos que as contribuigdes relevantes para os ter-
mos de aniquilagao sao dadas por V,; da equagao (5.13) e sdo combinagoes das funcoes de
onda até quarta ordem. Apos transformar %qlqlqpqg e qL(ﬁ,q’pqa em termos da estrutura
do operador e realizar o ordenamento normal dos operadores de quarks e antiquarks,
obtivemos as possiveis combinacoes [62]:
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Vo Vy

Vrlzr

Fig. 5.2: Diagramas de aniquilacao Vyyew, Vo e Vi respectivamente

Vair, (35 67) = +3V2"" (v o p) @2 Wi opragghets
Viireat(@B; ) = —3VA™ (uv; ) B W1 o
Vg(ozﬁ; 57) — _3‘/(11271”(#,/; ap) q)zmvg,;uuzus q)gyp\l,ngus
Vi(af; 679) = —6VA™ (s op) BT mm e g s (5.3
Ao analisar as equacoes de aniquilacao acima, vimos que a parte de cor do termo
Vair, € nula, utilizaremos portanto apenas as demais equagoes, cuja representacao das
amplitudes de aniquilagao pode ser vista na figura 5.2.

Dessa forma, a interacao microscépica de nosso estudo resulta em dois potenciais de
interacao: espalhamento e aniquilacao. O potencial quark-quark é definido por

Vi = [V vt e (5.38)

aij

E o potencial entre um quark e um antiquark é dado por

hyper con, a ™ a . 7 nn con a fa
Va = SV avit e iy Ve =Y (e v | @ iy
aij aij
(5.39)
onde T® = \*/2 é a matriz de cor para quarks e T® = —(A\1)?/2 é a matriz de antiquarks.
(07 S8a 2 2, = = 3

V}?’yper — _S — —S 3 —Qss T SZ . S 7 VCOTLf — — _b i
1] Tij 3ﬁmzm] asse ]( ]) 1] 4 TJ

ann dovg dro, Set S
Vit o= |-—+ o(Fiy)| Sit- S (5.40)

rij m; m]’

O potencial de aniquilagao V5" € a parte inédita do nosso estudo e os detalhes de sua
obtencao estao no Apéndice A. A interacao hiperfina V;?yp “" contém os termos de cor de
Coulomb e o Spin-Spin com um fator gaussiano parametrizado por as. Os operadores
de spin sdo definidos como S;; = xI 7/2x,, onde S5 = XS G/2 x5, Xs € 0 spinor de
Pauli e x§ = 01 x5 -
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A troca de um méson é a parte de longo alcance da interagao e sera descrita pelo
potencial microscopico de Yukawa tanto para quark-quark quanto para quark-antiquark
[63]-[65]

2 KT
v, = dma € 7" (5.41)

3 Tij

Esse potencial possui ainda um acoplamento méson quark gfnq e um fator global 6,4 9,,

que substitui o fator de cor do glion T, - f]



Capitulo

O Sistema Kaon-Nucleon

Neste capitulo vamos apresentar a outra parte inédita do nosso trabalho: utilizando
como descrigao microscopica o potencial de interacao entre quarks e antiquarks obtido
em capitulos anteriores, ele sera introduzido no Hamiltoniano de Fock-Tani obtido no
Capitulo 5, deduzido a partir da nova transformacao de Fock-Tani composta para um sis-
tema méson-barion. Como aplicacao especifica sera considerado o sistema kaon-ntucleon
(KN), calculando se¢ao de choque total do espalhamento e comparando com dados ex-
perimentais. Em particular estudaremos os seguintes processos

K +p — K +p : K°+n
— 7+ Xt ; at + %7 ; 70 4 %0
— 7’4+ A ; 70 + A(1405)
— K+ = ; KT +=" ; K* +Z(1700)
—  K°(890) 4 =° ; K° + =°(1700)
— n+A (6.1)

Fazendo uma conexao com a discussao desenvolvida no Capitulo 3, podemos considerar
o espalhamento genérico de duas particulas como sendo descrito seguinte processo

v+0—= a+p. (6.2)

A amplitude de espalhamento exata para esse processo é dada pelos elementos da matriz-
T na representacao Fock-Tani [53],

Tyi(z) = (fITrr(2)]i) , (6.3)

onde
f) = laB) = mibh|0) ; i) = |yd) = mib}[0) (6.4)
sao, respectivamente, os estados assintoticos final e inicial, que sao auto-estados de Télo ), e

Trr(z) é o operador de transi¢ao na representacao de Fock-Tani. Como visto no Capitulo
3, este operador satisfaz uma equacao do tipo Lippmann-Schwinger,

Trr(z) = Ver+ VerGo(2) Ter(2), (6.5)
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onde Vgr é o termo de interacdo do Hamiltoniano de Fock-Tani e Go(z) é o propagador
livre do méson e do barion, dado por,

-1

Go(z) = (z = TO) (6.6)

onde T corresponde ao termo de particula tinica do Hamiltoniano transformado,

TO =3 "T(walg. + Y TW)aha, + Y T(a; Bymimg + Y T(a; B)bibs . (6.7)
1 v af afB

Conhecendo o potencial Vpr, em principio usando a equagao (6.5) determina-se a matriz-
T. Como foi comentado no Capitulo 3, este é um problema delicado, pois esta é uma
equacao integral, que pode ser escrita numa forma alternativa

Tpr = [1 = Ver GE(E)] ™ Vir, (6.8)

evidenciando um pélo no denominador, durante a integracao complexa. Na aproximagao
de Born de primeira ordem este problema é evitado, porém surge a duvida quanto a
possivel invalidade da propria aproximacao. Portanto, é necessario verificar se esta apro-
ximagao esta correta. No nosso estudo encontraremos processos em canais elasticos e
inelasticos. O procedimento que iremos adotar é o de comparar a secao de choque total
elastica resolvendo o problema completo com a da aproximacao de Born. Vamos mostrar
detalhes deste procedimento na préxima secao.

6.1 Validade da Aproximacao de Born

Nesta secao vamos estudar validade da aproximacgao de Born. O elemento da matriz-T,
na representacao Fock-Tani, em primeira ordem na aproximacao de Born, é dado por:

Ty = Vin(aB;y0) = (af|Vi|79) - (6.9)
Devido a invariancia translacional do nosso potencial é possivel escrever V,,, na forma
Vmb(aﬁ;c?v) = 5(Pf—PZ) hfi, (610)

através da qual, podemos obter a equacao (3.78)
_ 5 e 2
o(s) = 327 pap pep 7l dz |hy (6.11)
-1

onde pap = EsEg(FEa+ Ep)~Y, |p'| = p'(s), | | = p(s), definido em (3.68)-(3.69)
e hyi = hyi(s,z). Estas equacoes constituem a esséncia do calculo que pretendemos
realizar, tanto para os canais eldsticos quanto para inelasticos. Em resumo o modelo de
quarks microscépico tem duas partes (1) parte de troca de um glion (OGEP) e (2) troca
de um méson sigma acoplado aos quarks (“Quark Meson Coupling”)

As contribuigoes dos termos do potencial de troca de um glion sao :
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1. Spin-spin

2. Coulomb

3. Confinamento

4. Aniquilagdo spin-spin

5. Aniquilagao coulomb spin

Onde os termos (1)-(3) contribuem em interagoes quark-quark e quark-antiquark
sem aniquilagao e os termos (3)-(6) contribuem para as interacoes de aniquilagao. Para
o presente estudo utilizamos interacoes de contato.

Para testar a validade das equagoes (6.9)-(6.11), vamos comparar com o resultado
exato obtido usando o cédigo “LIPS” cedido pelo prof. Lauro Tomio (IFT-UNESP) que
resolve a equacao de Lippmann-Schwinger para canais eldsticos. O codigo é baseado num
método apresentado na referéncia [51] e sera brevemente revisado a seguir.

De acordo com esta referéncia, o esquema geral para se construir uma classe de
equagoes auxiliares nao-singulares comega introduzindo um fungao de subtragao y(k, q),
bem comportada na variavel ¢ e parametricamente dependente de um certo ponto £ > 0
de subtragao, satisfazendo a restrigao y(k, k) = 1. Assim a matriz-T, da equagao (3.29),
pode ser reescrita da seguinte forma (como é demonstrado em detalhe em [51]):

2 dp p?
To(a:d') = Vg, q) + Ve, k)~ / S]i];Q v(k,p)Ts(p,q’)Jr/dpAs(q,p; k) Ts(p,q')
(6.12)
onde

1
s —p?’

2
As(g,pik) = = p* [V(g,p) = V(g k)v(k,p)] (6.13)
Devido a restricao v(k, k) = 1, o kernel Ay(q,p;k) nao é singular no ponto p = k se
s = k?. O cédigo do prof. Tomio integra a equagao (6.12) usando esta estratégia e
calcula o deslocamento de fase d;, usando (3.58), ou seja, a equacao

1

T,
tan §; = T_ZR (6.14)
I

e depois a se¢ao de choque eldstica total da [—ésima onda parcial, usando (3.50), ou seja,

el

4
O-l o

k2

Nos modificamos o cédigo em dois lugares:

(20 + 1) sen?s; . (6.15)

1. escrevemos uma subrotina introduzindo o potencial de Fock-Tani para o sistema
KN ;

2. introduzimos uma soma em [, sobre as ondas parciais, isto é, 0¥ = >, of! .
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Py (GeV) ol ol ol o ol

0.225 48.80603 2.00495 0.02859 0.00023 50.83981
0.280 40.09406 2.94966 0.08950 0.00157 43.13479
0.335 32.20198  3.62862 0.19388 0.00624 36.03072
0.390 25.39086 3.96243 0.32764 0.01705 29.69797
0.445 19.69254 3.98165 0.46539 0.03574 24.17532
0.500 15.03529 3.76800 0.58342 0.06167 19.44837

Tab. 6.1: Segoes de choque eldsticas parciais of! | com [ variando de 0 a 3, e a total o

da interacao K~ + p — K~ + p, em unidades de mb.

Na tabela 6.1 podem ser vistos as contribuigoes das ondas parciais calculadas pelo
“LIPS” para K~ +p — K~ +p. A segao de choque, medida em milibarns (mb), é funcao
do momento do Kéon incidente no referencial do laboratério em unidades de GeV. Esta
tabela evidencia a réapida convergéncia da soma em [, mostrando que as ondas parciais
mais baixas sao dominantes. Na figura 6.1 realizamos a comparacao entre o cdalculo
completo usando o “LIPS” e o nosso calculo na aproximacao de Born. Verificamos,
portanto, a validade desta aproximacao.

6.2 A secao de choque

O célculo da secao de choque total o(s) dada pela equagao (3.78) serd obtido nume-
ricamente, realizando a integral na variavel z e depois variando a energia s. Na fisica
hadronica, g é uma quantidade efetiva e normalmente é tomado como um parametro
a ser ajustado. Outros parametros livres estao relacionados com as fungoes de onda
do méson e do barion. Para o méson, o parametro 3 define a largura da gaussiana
(C.2). No caso do barion, na funcao de onda (C.22) ha dois parametros ay e a,, ou
equivalentemente o, e z = «,/a,.

Na tabela 6.2 estao listadas as massas das particulas envolvidas no estudo que vao ser
consideradas fixas. As funcoes de onda do méson dependem de dois outros parametros
adimensionais m; e ma, definidos na equagao (C.3). Estes ntimeros estao associados as
massas dos quarks no méson. De forma similar a funcao de onda do barion tem dois
parametros adimensionais M; e M, definidos na equagao (C.9).

O valores assumidos por my, mq, M; e M; sao fixos e estao listados na tabela (6.3).
Os valores de w; dependem da respectiva reacao e os possiveis valores estao apresentados
nas tabelas (6.4) e (6.5).

A parte de sabor do méson 7 é dada por

) = @ (\um + |dcz>) + ey |53) (6.16)
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K+p->K+p
70 T T T T | T | T
I o Mast et.al. i
60 — =—a Aprox. Born —
| e—o Matriz-T completa 1
50 | 8,
40
e
gt
o)
30—
20 —
10 —
O | | | | | | | | | | |
0,2 0,3 0,4 0,5 0,6 0,7 0,8

P, (GeV)

Fig. 6.1: Secao de choque da interacao K~ + p — K~ + p comparada com os dados
experimentais [66]. As barras (preta) correspondem aos dados experimentais,
a curva com circulos (azul) representa o calculo com o programa LIPS’ e
a curva com quadrados (vermelho) representa a Aproximacao de Born da
Matriz-T.

com

cosfp sinfp cosfp 2, 9
C1 = — 1 Co = —— — —SIMop
V6 V3 V3 3
onde 0p é o angulo de mistura pseudoescalar variando entre —10° e —20°.

A simulacao da “Lattice QCD” reproduziu com éxito as massas do n e do ' , com
um angulo de mistura de —14.1° [67]. Um excelente ajuste para a largura do decaimento
do méson ¢é obtido assumindo a simetria SU(3) com 0p = —17.3° [68]. No nosso cdlculo,
adotaremos 0p = —17.3°, resultando em ¢; = 0.561469 em ¢y = —0.607869 .

Apés comprovarmos a validade da nossa aproximacao, utilizamos o espalhamento
elastico K~ + p — K~ + p para ajustar os nossos parametros, fixando

ay=04GeV ; =058 ; f=03GeV ; a;=04; gn,=0.9.
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mg May,d  Mnucleon Mk~ g+ Mo o TN g0+ M0 Mp— 7+ my
0.550  0.33 0.938 0.493 0.497  0.892 0.135 0.139 0.548
My+  Mxo my- mp M A(1405) Tzo  TMz-  TgE0(1700) 1T=—(1700)
1.189 1.192  1.197 1.115 1.406  1.314 1.321 1.690 1.691

Tab. 6.2: Massas em (GeV)

Kaon Nucleon Mesongina Barionfipa

mi | 0.846 % 1. *
my | 1153 % 1. *
M| * 1 * 0.297
My | * i * 0.405

Tab. 6.3: Parametros das funcoes de onda
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W Wy Wy Wy w Wy Wy
Spin-spin 0 0 0 0
K 4+p—>K +p Coulomb 0 0 0 0
Confinement 0 0 0 0
Annihilation 7% 0 0
- Spin-spin 0 0 0 0
K +p— K'+n Coulomb 0 0 0 0
Confinement 0 0 0 0
Annihilation 7% 0 0
Spin-spin 7é 7% 7% 7%
K +p—=n +Xt Coulomb —§ § § —é
Confinement | —3 5 5 -3
Annihilation 0 0 %
Spin-spin 0 0 0 0
K +p—at+3 Coulomb 0 0 0 0
Confinement 0 0 0 0
Annihilation 0 0 —%
Spin-spin 7% 712_ % %
K +p—n'+3x° Coulomb i -4 -5 E
Confinement 5 -:774 -514 5
Annihilation 0 0 —ﬁ
, Spin-spin 7%\5 711\% [1J U1
K- +p—n"+A Coulomb —37 3—‘{5 3—‘{5 73—‘{§
Confinement e 3 Wi s
Annihilation 0 0 gfﬁ
Spin-spin 0 0 0 0
K +p— K'+=° Coulomb 0 0 0 0
Confinement 0 0 0 0
Annihilation 0 0 5
Spin-spin 0 0 0 0
K- +p— Kt+=" Coulomb 0 0 0 0
Confinement 0 0 0 0
Annihilation 0 0 7%
ST 1 1
Spin-spin o G 0 0
K +p—=n+A Coulomb ;7‘. - z% - ;7 ,/%
Para esse processo w; de 7 deve ser multiplicado pelo fator de mistura ¢;; | Confinement | / ;7‘. -1/ % -1/ ;7 ,/%
a parte de aniquilagio @?" deve ser multiplicada por ¢; e @, por ¢;. Annihilation —4/ 727 0 ,/%

Tab. 6.4: Parametros spin-sabor-cor pra troca de um glion; todos w" = 0.
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Wl W wy w3 wy | @™ w,

K- 4+p— K +p 11 0 0 0 0 1 0
K- +p—K'+n 0 0 0 0 0 0 = 0
K- +p—oa +327F 0 0 -1 L -1 -1 0 13
K- +p—at+3° 0 0 0 0 0 0|0 -
K 4+p—n®+x° 0 0 = S € € 0 L
K 4+p—a"+A 0 0 _ﬁ _1217 _%ﬁ _ﬁiﬁ 0 ﬁ
K +p—K'+=° 0 0 0 0 0 0 0 =
K- +p— Kt +2- 0 0 0 0 0 0 0 -5
K +p—n+A 0 0 NG G NG

Para esse processo w; de i deve ser multiplicado pelo fator de mistura c;;

a parte de aniquilacio T%" deve ser multiplicada por ¢, e @y por ¢;.

Tab. 6.5: Parametros spin-sabor-cor para troca de um méson.
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6.3 Modelo de Canal Acoplado do JPAC (Jefferson
Lab)

Nesta secao vamos resumir o modelo de canais acoplados estudado pelo Joint Physics
Analysis Center (JPAC) do Jefferson Lab da referéncia [69]. Entre os canais estudados
estao

K +p - K +p
K°+n
T+ 2T
D
70 4 30
70 4+ A

L1l

A secao de choque diferencial para os processos relacionados aos estados de méson-barion
com S = —1 é dada por [70]

do 1

)

_<57 9) =

(5:0) == (5.0 + lg(s. O] . (6.17)

onde ¢ ¢ a magnitude do momento no referencial do centro de massa e 6 é o angulo de
espalhamento. As amplitudes f(s,0) e g(s,0) correpondem as contribuigao com flip e
sem flip de spin, respectivamente. Estas amplitudes estao relacionadas as amplitudes de
canal-s de isospin / = 0 e I =1 pela relacao geral

f(S,@) = aO fl?j(sae) + al flij(&e)v
9(37 9) = aO gl?j(sv 9) + Oél glij(sv 9)7 (618)

onde f,gj(s, 0) e géj(s, 0) sao as amplitudes de isospin. Aqui a’ e a! sdo os coeficientes
de Clebsch-Gordan para isospin zero e um correspondente. O rétulo kj indica o estado

inicial (k) e final (j), respectivamente. Em especial temos

_ _ 1 1
K K 1 0
Rt = S fknakn T 5 frnsrN
K~ K% 1 1
e = §f[1?N—>f(N - §f%N—>R'N7
N 1 1
fK P :__fll_{Naﬂ-E - _fIQQ\Hfry
2 V6
_ _ 1 1
K aty
e = §fII‘<N—>7r2 - %f%N%w
K=p—70%0 1
[ = %f%N—mE7
0 1
frormA = Ef}mm, (6.19)
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e de forma similar para g(s,f). A expansao em ondas parciais das amplitudes de isospin
¢é dada por

o0

15(5,0) =" [+ DRI () + (R ()| PL(0),
ghy(5.0) = > | B (s) = BN (5)| P (0), (6.20)

onde P, () ¢ o polinémio de Legendre e P} (0) = sin 0dP; (0) /dcosf. As ondas parciais
RJM(s) (1 = +) sdo consideradas como elementos kj da matriz R(s) do espaco de
canais definida na equacdo (6.22) a seguir.

Num dado canal méson-barion ¢ é o rétulo do momento angular relativo e o momento
angular total é dado por J = ¢ 4 7/2. O momento angular orbital ¢ coincide com o
momento angular orbital do estado inicial KN em Ré;kj (s), mas nao necessariamente o
momento angular orbital dos outros estados possiveis. Por exemplo, para a onda parcial
com [ = 1,/ = 0 é possivel ter KA(1232) num estado de onda D (L = 2). Em termos
de ondas parciais a secao de choque total é dada por

_47T°o

2
q =0

D|Rer ()P + € |Re—(5)]7] (6.21)

onde Ry (s) = a®RYM (s) + a' R (s).
Para uma dada onda parcial podemos escrever a amplitude da matriz de espalhamento
no espago de canais

Sp =1+ 2iRy(s) = 1+ 2i [Cy(s)]'* Ty(s) [Ce(s)]'"?, (6.22)

onde I é a matriz identidade, Cy(s) é a matriz diagonal para o espago de fase e Ty(s) é a
matriz da amplitude da onda parcial analitica. Escrevemos Ty(s) em termos da matriz
K o que garante a unitariedade [71]

-1

Ti(s) = [K(s)~" —ip(s,0) ]

Para um s real, K(s) é uma matriz real simétrica e p(s, /) é uma matriz diagonal que
pode ser escrita como uma integral dispersiva sobre a matriz Cy(s) do espago de fase,
chamada de representacao de Chew-Mandelstam,

in(s, ) = S_s’f/ Cls)_ds' (6.24)
Sk

s s'—ss — s

(6.23)

Aqui s, é a energia de limiar do centro de massa ao quadrado do k-ésimo canal e definimos

2 2 ¢
Ci(s) = q’“q(:) [lifgéki )] . (6.25)
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O primeiro fator do lado direito da equagao (6.25) estd relacionado com o momento
de breakup proximo ao limiar. Para um par de méson-barion com massas mq e meo
respectivamente, s, = (m; +ms)?, e

V5= (i +me)?)(s — (my —mw)?)  rumy
a(s) = NE = o +m2)m, (6.26)

onde o parametro de alcance efetivo é tomado r = 1 fm e o fator de normalizacao gy = 2
GeV para o momento na regiao da ressonancia. A integral (6.24) resulta

1 _aiﬂm(s — sp)'\/sK — s
qor (14 ay, (s — s)]"

T+ 1)
PO (-] o o b

_ [3+2£+ak(s—s,€)} JF {1,“ %%ﬁb} , (6.27)

ip(s, l) =

onde ap = mymar?/(my +my)>.

6.4 Resultados

Nas figuras (6.2)-(6.7) estao os resultados do nosso estudo juntamente com dados ex-
perimentais do CERN-HERA [72] e com os resultados obtidos pelo estudo de canais
acoplados do JLab [69] para os processos

K +p — K +p : K°+n
— 7+ Xt ; ot + 37 ; 70 4+ %0
— 74+ A ; 7+ A(1405)
- K°+4+=° ; Kt +=" ; K* + = (1700)
—  K°(890) + =° ; K° 4 =°(1700)
— n+ A (6.28)

E possivel ver que a aproximagao de Born para o potencial de Fock-Tani, aplicado
ao sistema K&on-Nucleon, evita os polos de ressonanica e mantem-se valida para os
processos elasticos e inelasticos.



Capitulo 6. O Sistema Kaon-Nticleon 77

K-+P- K +P

10
0 | | | | | | | ]
0,2 0,4 0,6 0,8 1
_ 0
K- -+P- K + N
30 T T T T T T
i I I I ]
25— —

2 0,3 0,4 0,5 0,6 0,7 0,8
P (GeV)

Fig. 6.2: Secio de choque das interacdes K~ +p — K~ +p (superior) e K~ +p — K°+n
(inferior). As barras pretas correspondem aos dados experimentais do Cern-
Hera, as barras verdes correspondem aos dados experimentais de Mast. et al,
a curva vermelha corresponde ao estudo JLab e as curvas em azul representam
0 nosso estudo.
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K- +P_-m +3% K- +P_T +3

0
0,2 0,4 0,6 0,8
Pk (GeV)

K- +Pom + 5
T | T | T | T

Fig. 6.3: Secao de choque das interagoes K~ +p — 7~ + X+ (superior-esquerda), K~ +
p — " + X7 (superior-direita) e K~ +p — 7 + X0 (inferior). As barras
pretas correspondem aos dados experimentais do Cern-Hera, a curva vermelha
corresponde ao estudo JLab e as curvas em azul representam o nosso estudo.
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K- +P_1+A

K- + P - 1C + A (1405)

P, (GeV)

Fig. 6.4: Secao de choque das interagoes K~ +p — 7’ + A (superior) e K~ +p — 7° +

A(1405) (inferior). As barras pretas correspondem aos dados experimentais
do Cern-Hera, a curva vermelha corresponde ao estudo JLab e as curvas em

azul representam o nosso estudo.
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0,16
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g
= 0,08
o
0,04
0
0,03
0,025
~ 0,02
E
= 0,015
o
0,01
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0
Fig. 6.5:

K- +P_K +=° K- + P - K%890) + =°
T | T | T | T | T 0$048 T | T | T | T
i ] 0,04 —
L | = 0,032 |
- — £ 0,024 -
L ] o §
0,016 —
i | 0,008 -
s O |
0 5 4
T | T | T | T | T | T
I R B B B
1 15 2 25 3 35 4
P, (GeV)
Secao de choque das interagoes K~ +p — K9+ Z° (superior-esquerda), K~ +

p — KY(890) + =~ (superior-direita) e K~ +p — K° + Z°(1700) (inferior).
As barras pretas correspondem aos dados experimentais do Cern-Hera e as
curvas em azul representam o nosso estudo.
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e
9
T | T | T | T | T | T

K- + P - K"+ =7(1700)
0,05 : : | . .

O | | | | | | == |
1 2 3 4 5

P, (GeV)

Fig. 6.6: Secao de choque das interagoes K~ +p — KT+Z" (superior) e K~ +p — K™+
=7(1700) (inferior). As barras pretas correspondem aos dados experimentais
do Cern-Hera e as curvas em azul representam o nosso estudo.
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0,5 T T | T | T T
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0.3 ] T i :_ :|:‘ —
—k
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Tr
[

0 (mb)

P, (GeV)

Fig. 6.7: Secao de choque das interagoes K~ +p — n+A. As barras pretas correspondem
aos dados experimentais do Cern-Hera e as curvas em azul representam o nosso
estudo.



Capitulo

Conclusoes

O objetivo deste tese foi generalizar a transformacao unitaria que define o formalismo
de Fock-Tani. Originalmente este formalismo foi deduzido para sistemas que tinham a
interagao méson-méson ou barion-barion. Havia uma lacuna neste estudo que consistia
na representacao, dentro do formalismo, da transformacao que misturava bdsons com
férmions, ou seja, a interacao méson-barion para a fisica hadronica. Descobrimos que
era necessario escrever uma transformacao dupla, que consistia em obter as equacoes de
movimento para os mésons e depois transformar estas equacoes usando a transformacao
para o barion. Isto implicava em obter equagoes de movimento mistas do tipo méson-
bérion.

Estudamos, como exemplo, o complexo sistema do kdaon-ntcleon, onde incluimos no
modelo de quarks microscopico os termos de interacao quark-quark, quark-antiquark e
as respectivas contribuicoes de aniquilacao, listados a seguir:

hyper con a a
Vagowsa = 9 | Vi + Ve | (e - 1) (7.1)
aij
Vi = |V ve | e 1) (7.2)
aij
onde 7% = \"/2 ¢ a matriz de cor para quarks, T* = —(A\7)%/2 ¢ a matriz de antiquarks
e
« 8« 2 2 = = 3
yhoper  — Zo T8 g3 o7 Ti(S, . S, ; vert — — Sy,
] rij 3ﬁmzm] Qgs € ( ]) 1] 4 r J
ann dag  Ama St e
Vit = |- + o) | St S5 - (7.3)

Tij m; mj

Para calcularmos as secoes de choque total, utilizamos a amplitude de espalhamento
dada pela matriz-T, que satisfaz uma equagao do tipo Lippmannn-Schwinger, na repre-
sentacao de Fock-Tani

TFT(Z) = VFT+VFTG0(Z)TFT<Z). (74)
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Porém a utilizacao da Matriz-T nessa forma nos levaria a um polo no denominador, o
qual poderia ser evitado utilizando-se a Aproximacao de Born em primeira ordem. Para
ratificar essa aproximacao, utilizamos o canal eldstico K~ +p — K~ 4 p e comparamos
os resultados da Matriz-T completa e da aproximacgao de Born, obtendo um resultado
favoravel, validando assim nossa teoria (figura 6.1).

Nosso modelo de quarks microscépico é dividido em duas partes: (1) troca de um
glion (OGEP) e (2) troca de um méson sigma acoplado aos quarks. Pudemos identificar
entao os termos de OGEP que contribuem para o presente estudo:

1. Spin-spin

2. Coulomb

3. Confinamento

4. Aniquilacao spin-spin

5. Aniquilagao coulomb spin

As anélises das nossas curvas tedricas em comparacao com os dados experimentais
do CERN-HERA e com o modelo do JLab, foram satisfatérias e comprovaram que os
termos de aniquilacao, juntamente com a aproximacgao de Born em primeira ordem da
Matriz-T, modelam de forma eficaz as secoes de choque dos processos Kaon-Nicleon,
tanto eldsticos quanto inelasticos.

Para o futuro, alguns ajustes precisam ser feitos para contornar o problema das
ressonancias que dominam os espalhamentos KN, em especial o A(1405), em energias
maiores que 300 MeV, e que tem intrigado tedricos hd décadas. A proximidade de sua
massa nominal [73] com a massa de limiar da interacio KN (aproximadamente 1435
MeV) permite pressupor que essa ressonancia é, na verdade, um estado quasi-ligado e
nao um estado de trés quarks como se supunha [74]. Investigacoes posteriores [75]-[78]
apolaram a existéncia de dois polos na regiao de energia da ressonancia A(1405).



Apéndice A

Termos de Aniquilacao

No Capitulo 2 mostramos os termos de corrente quark-quark e antiquark-antiquark.
Vamos agora calcular os termos de corrente de aniquilagao . Para simplificar a notagao

utilizaremos apenas o indice de spin. Como visto na eq. 2.113, temos

JE (1, 02) Dy (D) JL (B3, Da) = 2, (B, D2) Doo(Q) 5334(193,]34)
+J8182(p17 p2) Dy (CD 5354 (p37 ﬁ4)
+JL o, (P, §2) Dio(@) J2,s, (D5, Pa)
+J% 6, (D1, P2) Dig(@) T2, (Ds, )

onde as possibilidades para J* sao
T =uf(p) T or (@) ou TP = () T ()

com 'Y =AY : T = 4% e cujos espinores sao

J(P) xs 9(p) 7 - P XS
US(ﬁ) = US(@ =
9(P) 7 - D'Xs () x;
onde
E,+m _ B 1 E,+m
E, = +/p*+m?

c 1 c 0
X1 = X2 = (O) ; X2 = X1 = <1)

fi=fp) g =gP) etc...

Estudando os casos:

(A.3)

(A.4)
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1wl (p1) * v, (p2)

. 00 G20 - Do X§2
O 00 ) = ul (1) s, () = (Aixd,  gixl, @ p1)

J2 X5,
= f192X11(5'p3)X§2 +91f2X11(5'pﬁ1)X§i (A.5)
J;182<ﬁl7 P2) = UL (ﬁl)’YO’Yi Vs, (D2) = pl «Q Usz(m)
S\ (920 P2 XS,
= (fixt,  gxl,d-p1) <0 )
Ja XEZ
— T T ~ . f20X52
(f1X81 91X, 0 pl) <g (G - p3) X52>
= fufoxt o' XE + qigaxt (G - 1) o (G - )X, (A.6)
2. vl (p1) * u, (p2)
0 fZXSz
JY (B 72) = vl (0w, (B2) = (xSa - fixd)

G20 D2 Xss
= goXS (@ p1) XL, + Fr9oxE (G p3)XE, (A7)

J§182 (ﬁh 52) = Uil (ﬁl),yo’yz U52 (ﬁQ) = Uil (ﬁl)az u82 (ﬁQ)

ot~ 0 o
= (QIXSIU']?I JiX5 )( O)
G20 - D2 Xs,

92 o' (6: : 172) Xs2

f2XS2

= (gxda-pi fix) ,
f2 O_Z XSQ
= q19oX (G- p1) 0 (G- po) Xso + [1foX 0P, (A.8)

Sabendo que
olo? = 09 4 itk =67 4 g ¢k gk

= g
UZ] - )(s1 o ij
AC o CT —
Oij = Xs 0 Xs;
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Obtemos

o' (G-p) = Zaiajpjzz

-
/

—

(@ p)o'(3-5) = (F-P)0' —i(FxP))= (G p)p' —i(@ ) (T x )

Assim, podemos reescrever A.5 e A.6

JSISQ (ﬁla ]72) = flngL(g'pE)X; + glflel(ﬁ-pi) XEZ
= f192(012 - p2) + g1.f2(G12 - P1)

Jsilsg(ﬁla p2) = flfQXLUi XEZ +9192Xil(5'p3)péX§2 - igl!thl(E‘
= fifo0ls + g192(612 - P1) Db — ig1ga2x! (G P1) (G X [

EA7c¢AR
Js()132(ﬁ17 Pa) = g1f2X§I(5‘p?)Xlz + f192X§T(5'p3)X§2
= g1f2(01y - p1) + f192(0%5 - P2)

JL o 02) = fifaXS o'xe, + 9192X5 (G D7) Db Xsw — 19192X5 (G - P1) (G X P3) X
= f1f205% 4 g192(65, - 91) P — ig192X5 (G - 1) (G X P3) Xs,

Vamos chamar

A —
O34 = O

Il
Q>

012

P=p+q
Dy = P
Ps=0—q
pr=7

podemos reescrever as correntes A.9-A.12 da seguinte forma:

5ZJ+ZZ€leO'k]p7:pZ—Z(6"Xﬁ>Z
k

(A.11)

(A.12)
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ngsz(P+Cf7 p) = f192(0-p) +g1fa(6-D) + g1 f2(5 - )

= 2f192(6 - D) + g1./2(6 - q) (A.13)

JL T+ D) = fifo0" + 91926 - D) D' + 9192(6 - @) P’ — igigaX], (G- D) (G % P)'XE,

— igigax!, (7 - )(F x P)'XE, (A.14)
I =G 1) = Fa0a(6" - P) + gsfa(6" D) — g fa(6™ - @)

= 2f394(6" - p') — g3.f2(6" - @) (A.15)
T =G, 0) = [£16" + g3ga(0’ - p) P — g3g4(07 - @) p" — igagaxS (G P)(F X D)X,

+ igsgaxs (7 )(F X P) X, (A.16)

Para obter o Hamiltoniano nao - relativistico, o operador de quarks ¢ (Z) precisa ser
escrito em termos de uma expansao em poténcias do momento p: Com

F~1- L g~ (A17)

8m 2m

Reescrevemos entao as equacoes A.13 - A.16 em segunda ordem de momento

1 P Pq ¢ P’
JO — — 2 - . 5 .
(A.18)
¥ e ¢ :
Jz — — 1— . o ~i . i
5182 (p + q’ ﬁ) [ 4m2 4m2 8m2]0— + 4m (0 ﬁ)p + 4 2(0— qu
. 1 P — 1. .C . 1 — — i.,C
- ZWXL(U “P)(T X P)'Xs, — leL(U - q) (0 X P)'Xs,
(A.19)

. . 1 p/2 p/q q2 . 1 pl2
JO r 7 — 2__ o /\/c_ N A/C.
¥ = p) el oo e Sl e CAY Ol el oo AL
(A.20)

1 = 1 i
el G OF e 1 CAR N

_;) _ [1_ p/2 p/q B q2
4m?2  8m?2

U P)E % )Xo + i XTI X ) e

]a_lc’i +

4m2 Iz X7
(A.21)
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Sabemos que

(@-P)(@xp) = Z 05Pj Z €itmT1Pm = Z €ilmPjiPmI;j01 = Z €itmPiPm (051 + 4 Z €jin0n)
J Ilm n

Jlm jlm

- Z 61'17715]'1 PiPm +1 Z €jin€ilm PjPmOn = Z €ijm PjPm +1 Z €lim€ijn PjPmOn

jlm jlmn Jlm jlmn
=1 § E €lim€ljn PjPmOn = { E zg mn 5m5mj)pjpm0'n
jmn jmn
=1 E DiPnOn — 1 E 5m5mj PiPmOn = Z'pi(p : U) —1 E 5mpjpj0n
n jmn Jn

= ipi(p- o) — ip’o;

E
G- DEx P = iqxHF+ia(F &) —id Do,
Entao A.19 e A.21 ficam
2 2
(] — p pq q ~1 ]- N 3 1 ~ i
TP+ O D) = M= g5 =40~ ggal? + G PP+ gz D
1 1o, 1 1 1
+ Pl 0) = 076+ s 6P 6) — 5padi + 5 (X D)6
I A A L B SR YV TR TS NI PR
J5384(p/_ 7p/) = [1_4m2+4m2_8m2]0 +m(o-/p/)p _m<0/®p
1 A 1 1 - A 1 1
/ /2 A~ /_ . A / A{_ —’X ~C
+ 4m2 pz(p ) 4 2p 4m2 %(p U)+ 4m2p qO-,L 4m2 (q ]7)0-

Voltando a equagao A.1, vamos escolher o propagador no gauge de Coulomb

D
Doo(q) = —q—zo ; Dyj(q) = Dio(q) =0

D ¢ 4
Dy(@) = 5573 (517—7])

7 =)

e usaremos w = 0 (energia inicial = energia final) e Dy = 4w a,. A partir de agora
tomaremos ¢ = 1. Assim temos

v Dy Dy » +» Do 2 . 7 .

J* D, (q) J = J0J0+?J-J—?(J-q)(J-q) (A.22)

Utilizando os casos 1 e 2, podemos calcular agora ul (p1)vs, (p2) * vl (p3)us, (92)
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(6-0) (6-pp (6-Ppg _(6-D  (6-0) (6 @

—
—

J5182 (p + Q7 ﬁ) 5354( f — q, p/) -

m 8m3 4ms3 8m3 2m 16ms3
5 [(a_lc . p/) B (&/c _p/)p/Q N (&/c _p/)p/q B (&/c ‘p/>q2
m 8m3 4m3 8m3
B (a./c‘q"> B (O"./C_q_>p/2]
2m 16m?

~7,2 ~1 ~1,.2
i — i W - 7 ~i op opq gq . i r . i
S+ q ) I, =3 p) = [6— - - + (6-P)p'+—=(-q)p

4m?2  4m?  8m?  4m? 4m?
1 s I L 1 i
+ 4m2p(p 0) = gzl 0"+ 5 ¢ (0 6) = —=pa6
1 , 5_/cip/2 O_lczp/q O_/cz q2 1 . . )
% ci o 1c . /1
+ m (q ﬁ)a] [ A2 + Am?2 m2 + 4m?2 <U p )p
1 ; 1 . 1 it P
_ W(U/c'q—')p/ +Wp/ (p/.a./c)_m /2 A/ _4m2q(p/,0—/c)
1 Alci 1 — ~C
+ i ——p'qd’ —4—mQ(C]><@U]

Mas apenas nos interessam os termos até segunda ordem, portanto

@-DEF) @ PE D 6 DEE D) (606D

J8182 (p + q’ ﬁ) 5354( y — q_; p/) = m2 - 2m2 + 2m2 o Am?2
(A.23)
i (e i - e (G5 (660 -] (6:6°)¢
J5152 (p + q, m * Js3,s4( -4, p,) = 0- OJ - 2m2 + 2m2 4m2
YA ity WY et WY TCady)
2m? 4m? 4m?
(Gxp)e-a) (-6 (6-60F N (6 -p)(6" - P)
4m? 2m?2 2m?2 2m?2
6-Q@6"-p)  (6:-D)(6"-7) | ((xp)6-d")
* 4Am? + 4m? + Am? (A.24)

—

De maneira andloga, calculando as correntes v} (p1)us, (p3) * ul (p3)vs, (p1), obtemos

(6°-p)(&"-p))  (6°-P)(6 - Q) N (6°- @ -p)  (6°- G- @)
m2 2m?2 2m? 4m?
(A.25)

Jslsz (p + q’ ﬁ) 3354 (pl - (77 p/) -

—»

‘];182(5_‘_(7’@ *J;3s4( q_;p/) = &c'&/_

2m? 2m? 4m?
L @D D) DD D)
2m? 4m? 4m?
~(@xp)(oc-a) (68t (6°-8)(F- @) N (0°-p)(0" - p)
4m?2 2m?2 2m?2 2m?2
L DR (6RO D (xR ) )

4m? 4m? 4m?
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Os termos (jl - q) * (j] - ¢) da equagao A.22 nao contribuem para o presente estudo,
pois estamos interessados apenas nos termos de Coulomb e spin-spin puro. Portanto, os
termos que nos interessam das A.23-A.26 sao:

Do [. .. (6-0°¢ Ao . e TOQs, . .
2 { -0’ s = (6.0 — (6-0") (A.27)

D ~c o A\ 2 4 < s
= [50-&’— (6% 6 } = T 5o 5ty = T 50 51y (A.28)
q



Apéndice B

Determinacao de O,.

O gerador da transformacao Fock-Tani é dado por:

F = Z (m!On — Olmy,) | (B.1)

onde o operador O, satifaz relagoes de comutacao canonicas,
[0, O] = 0 - (B.2)

O processo iterativo de construgao de O, envolve a adicao de uma série de contra-
termos que cancelam os termos indesejaveis do comutador. Assim, escrevemos:

Ou(t) = i OW(t) . (B.3)

1=0

Na aproximagao de ordem zero, tomamos

oY =M, , (B.4)

Com esta escolha, temos
(04, 0f] = 605 + O(®?) (B.5)
O((DQ) = _Aaﬁ s (BG)

de modo que a Eq. (B.2) é satisfeita em ordem zero, restando um termo indesejavel de
ordem dois.
Adicionamos um contratermo de ordem dois, dado por

0P = al,5Mp. (B.7)
Com esse contratermo, obtemos

[0, O] = 60 — Dag + 20005 + O + ... (B.8)
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Para a = %, o termo indesejavel O(®?) ¢ cancelado, de forma que a Eq. (B.2) é

satisfeita até segunda ordem, restando termos indesejaveis de ordem maior ou igual a
tres:

[0, Of)] = 60p + O(®7) + .., (B.9)
O3 = %Z ([AM, Mg] M, + M} [M,, Aw]) . (B.10)

Adicionamos, entao, um contratermo de ordem trés, dado por
O =Y " MI (M, Ays) M; . (B.11)
)

Com esse contratermo, obtemos
1
0as OF] = dag+ 53 ([ MI| M, + MI (Mo, A])
ol

+ 03 ([ By M| My + MM, Ag]) + O+ (B12)
Y

Para b = —1, o termo indesejavel O(®?) é cancelado, de forma que a Eq. (B.2) é
satisfeita até terceira ordem, restando termos indesejaveis de ordem maior ou igual a

quatro:
[0, Of] = 60p + O(®*) + ..., (B.13)
Assim, obtemos o operador O, que satisfaz a Eq. (B.2), até terceira ordem:

1 1
Oa = Mo + 5805 Mj + §Mg[Aﬁw, MM, . (B.14)
Esse processo pode ser extendido sequencialmente até qualquer ordem, multiplicando-

se os termos indesejados, ordem a ordem, por M., para gerar os contratermos adequados.



Apéndice C

Funcoes de Onda

As fungoes de onda do méson e do barion podem ser escritas como um produto das funcoes

) ) fifa
de onda dos quarks de cor (6% ou e“¢2%)  spin-sabor (£*7 ou ¢/**") e espaco.

«

C.1 Funcao de Onda do Méson

C.1.1 Espaco

Para o méson temos

ﬁ)écucu fojf“f” (5.5
pV \/§ \/§ Sppp«apl/

A parte espacial da funcao de onda do méson é tomada como sendo uma gaussiana

DY = 5(f — Flu — (1)

— —\2
- -3 mipPy — MapPg
@(pq,]?q) _ (7"62) 1 exp [_( 1 t;{862 2 q) ] (02)
com
2mg; 2
my + Mg My + Mg

onde é facil verificar

C.1.2 Spin-Sabor

7y = o= (Ismm) =l s (€5)
) = 5 (lwm) = lwm) +1didy) =] dydr) )
(o) = Tsy5)) (C.6)
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C.2 Funcao de Onda do Barion

A funcao de onda do barion pode ser escrita como

ge1cacs <f1f2f3
qjmuzlm — (&7
«

\/6 \/E \I;Z;sl P2 P3 (07)

C.2.1 Espaco

Para obter \I/I; P2P3 vamos considerar um bdrion constituido por dois quarks leves de
massa m; e uma quark pesado de massa m,, isto ¢,

quarks (u,d) — my : quark s — my

e definir a coordenada do centro de massa R e relativas pe A

R = M, (71 + T5) + My 73 — Centro de massa
1 < 1
j= — (1 —T ; A= —=(r1 + 75— 2r" C.8
G (7 = 72) 7 (71 + 72 — 275) (C.8)
onde
my my
! 2ml + my ’ 2 2ml + my ( )
Desta defini¢ao (C.9) é facil ver que
oM, + M, = 1 (C.10)
A funcao de onda total definida por Isgur e Karl [79, 80]
oL ciP-R .

sendo P o momento do centro de massa e a fungao de onda relativa (7, X) ¢é dada por
o312 o312

v X) = T e e ©12)

E facil verificar que a funciio de onda (C.11) é normalizada:
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A norma de ¥ nas varidveis 71,73 ,73 tem que ser a mesma que nas variaveis R, p, .
Para verificar este fato precisamos realizar a integral da norma nas variaveis 71,73, 73,
ou seja,

/ diy dry dits W5 (71, T2, T3) W g, (71, T2, 73) (C.14)
onde
%ﬁi&%):(2ngmpwiwﬂﬁ+ﬁﬂﬂﬁ@}
X exp {—iap( — )% — 112 2P+ Ty — 27‘*’3)2} (C.15)
Realizando esta integral, encontramos
/ 0, diy dy W (7, 7o) U (71, 70 7) = 333 6(P — P) (C.16)

Desta forma para garantir a normalizacao basta substituir

1

33/4\1/ (7’1,7"2,7’3) (017)

\1113 (Fh FQ: F3)

ou seja

3/2
U5 (71, T, 75) = <2 Z%) exp [zP (M (71 + T5) + My 7"3)}
7r
1 — — 1 — — —
X exp {—Zai( — ) — Ea?\(rl + 75 — 27“3)2} (C.18)

A transformada de Fourier de (C.18) é definida por

Lo dri drs drs N PRI e e
R s A

Agora

1 1 1 Q) 3/2 B Qi) 3/2
(2m)?/2 (2m)3/2 (2m)3/2 \ 272 /3)  \167° /3
Substituindo (C.18) em (C.19)

3/2
- - o o, — — — -5 = - "
\1111”31 p2ps — (ﬁ) / dry dry drs exp [ZP' (My (71 + 72) + My 7°3)]
1

I 1
X exp l—iﬁi(rl — 7’2)2 —

Ea?\(ﬂ + 75— 2773)2]

xexp|—i(pi -1+ 275+ ps-73)] (C.20)
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Integrando em 77, obtemos

OB _ < Qi >3/2 2v/371

P 5
167° /3 \/ 3 + 3a?

3

ity (a3 (20 P+ My P — 25 — ) + 30, (MaP = 7)) — an?, 7% = 3(51 — My P’
X / dry exp

ay? + 3a,?

/ ) azaz (02 (2037 + 6iMLP = 3i(5 + ) ) + i} (7 — %)
X dry exp | —————

2 2
04)\—1-3%

Integrando em 75, obtemos

3 3
2
QP PP _ ( S7200) )3/2 2v/3m \/Tox + 3mag
P 1675 /3 Va3 +3a2 axa,

A3 (P — 1)? + 3a2(py + P — 2M, P)?
40&043

X exp [—

x/dr}exp iy - (P (2My 4 My) —p) — s — [s)
=1

Integrando em 773, obtemos

3 3

2

W (_%Ou )3/2 T N e i
P 1675 /3 a§\+3(1/2) axoy,

o3 (p1 — Pa)? + 3a(ph + P — 2M, P)?
X exp | — T2
ATp
x (2m)* 6( P — fii — b — 73)
ou seja
3/2 -
5 5 7 s L L V3 o3 (pr — P2)? + 3a2(py + po — 2M, P)?
\1171’31 PP = §(P —ph — Po — P3) <7ra>\ap exp | — 4%\@2
P

Finalmente encontramos a fungao de onda (substituindo P no expoente)

V3 >3/2

\Ilp}pﬁp_’ _ 5?’_—»_—»_—»
B ( | — P2 — P3) oy,

a3 (P — p2)? + 3a2] (1 —2My) py + (1 — 2My) pa — 2M, s ]2]

X exp |—
{ 4a3a?

(C.21)



Apéndice C. Fungoes de Onda 98

mas por (C.10) temos que

assim funcao de onda fica

3/2 L . o .
V3 ex _ai(pl —pz)2+30‘§[ My p1 + My py — 2M, 3 |2
b 40&@%

WP &ﬁ—m—@—m><

(C.22)

ou equivalentemente definindo x = «,/ay

3/2 L B B B
WIRB 5P — ) ( V3 ) exp {_(pl — 2)? + 32*[ Mo py + My py — 2M, P ]2}
P .

Tras 4 a3 z?
(C.23)
Uma simplificagao que pode ser introduzida é considerar x = 1,
ay =0, =«
Assim a funcao de onda (C.21) fica
e s (BN TG+ 3 Mo+ My — 20y ]
‘I’p = O0(P —p1—p>—ps) (W) exXp [— 1 o2
(C.24)

No caso particular do nicleon,

1
mp = My — M1 = MQ = g (625)
e a fungao de onda (C.24) se reduz ao resultado conhecido no modelo de quarks
VBN TR -ttt
pip2 Py _ D= == —P1— P2 — P3 1°P2 1°P3 2 P3
s = O(P —pL—p2—Ds) (7‘((1/2) exp [ 32

(C.26)
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C.2.2 Spin-Sabor

1
1) = —= [ 2fupupdy) + 2 fup dyug ) + 2 1dy up g )

V18
—lupuydp) = fup dyuy) —[drupuy)
—lupupdy) = Jupdru) = |dyuy U¢>] (C.27)

1
M) = —= |ludyst) = Juydysy) — |druysy)
V12

+ldyuysy) + [srdyuy) — [sydruy )
—[sruydy ) + |spurdy ) + |upsydy )
— |uyspdy ) —[dpspuy ) + |dyspug >] (C.28)
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Parte espacial de Vi,

Vamos agora calcular as integrais espaciais dos quatro termos de V,;,, sendo a primeira
contribuicao o termo V; que iremos mostrar com algum detalhe

‘/I(ﬁaaﬁﬂaﬁ&ﬁv) - _3/ dﬁ,u dﬁll dﬁ(f dﬁp dﬁl/g dﬁ,ua dﬁ/ig 5(ﬁy +ﬁll - ﬁa’ - ﬁp) Uq‘I(ﬁ,u - ﬁ(ﬂﬁo‘)
L 1\ (my P — (2= my) Pry)*
X {5% — Dy — D) (7—52) exp [— 3 52 :

\/5)3/2

T2

X 5<ﬁﬁ _ﬁl’ _ﬁm _ﬁus) (

(Py — Dyp)* +3[ (1 —2My) p, + (1 — 2My) Dy — 2My Py ]2] }
42

1\ P, — (2 — iay22
X{é(ﬁv_ﬁp_ﬁuz) (W—BQ) exp [_(m P (8262m>p )]}

\/§>3/2

X (D5 — Do — Do — Ds) <_

X exp [—

T2

(ﬁa _ﬁu2>2 + 3[ (1 — 2Mi) ﬁcr + (1 — 2Mi) ﬁuz B 2Miﬁu3 ]Q} }

X e —
Xp[ 4 o2
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onde m;, mys, M; e My sao os parametros do estado inicial e do estado final do méson e
do barion, respectivamente. Apods a integracao nas deltas obtemos

33

VA, i s ) = =300+ s~ By = P0) s | Ao dfy vl o)

[ ((mf - Q)ﬁa + Qﬁu)2 + (mzﬁ’y - 21704 + 215'“)2
X exp |—
I 832
[ (3(M; = 1)M; 4+ 1)p§ — Py - [(2 = 3M;) Py + Do) + 13y + Pus - Do + D2
X exp |— 5
o
[ (B(Myp — 1)My+ 1)p3 — P - [Ps — P + (1 — 3M§) ]
X exp |— 5
i o
05 — Do+ (s + 2P0) + 1oy + Pus - Do + 12
_ "
Substituindo v,, e realizando as integrais restantes, o resultado final pode ser expresso
no centro de massa do sistema méson-barion p, = p, pg = —p, p, =p' e ps = —p":
I = (§-§’)a1771 exp [—AlpZ—Agp'Q%—Agﬁ-ﬁ'} (D.1)
onde

a?mi + 86%(3(My — 1) My 4 1)

A =

160252
n = a?m? + 88%(3(M; — 1) M; + 1)
S 160252
4 - 202mym; — 8B*(—6 M M; + 3M; + 3M; — 2)
s 160252
A _87‘('043
b 3m?
m =1 (D.2)
O mesmo procedimento pode ser realizado para o termo V3, obtendo
I = (S-S aim exp [~ A1 p* — Ay p/? + A3 - '] (D.3)
onde
A1 _ CEZ (3m?c — 6mf(Mf + 1) + 3Mf(5Mf — 2) + 7) + 12,82(3(Mf — 1)Mf + 1)
8a? (o + 33?)
2 8a? (a2 + 35?)
A - ?(3mp(M; + 1) +9(M; — 1)M; — 9M; + 1) + 68 (M (6M; — 3) — 3M,; + 2)
’ 402 (a2 + 3032)
S _87r048
b 3m?
48\/63°
- P (D.4)

(a2 (322 + 1) + 1232)%/?
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Da mesma forma o procedimento pode ser realizado para o termo V3, obtendo

onde

I5 = (S-S aim exp [~ A1 p? — A p'? + Az - 7] (D.5)

Tatm3 4 368%(1 — 2My)? 4 1202 5%(4 — my 4+ m5 — 2(6 + my) My + 16M7)
160262(7a2 + 642

(Ta*tm? + 36541 — 2M;)* + 1202 5%(8 — 3m,; +m? — 2(4 + m;) M; + 16 M?))
(1602 5%(7a2 + 63?))

Tatmpm; + 368*(2M; — 1)(2M; — 1) + A')

A
’ 8a2B%(Ta2 + 632)
A 60° % (4 + 3my — 20My + m; + 2Mym; + 2(my + 12My — 8) M,
ugeP
“  3m?2
2430322314 + 12 (D.6)
Ui .
' 322 1 1 (a2 (622 + 1) + 652)%
O mesmo procedimento pode ser realizado para o termo Vj, obtendo
I = (S §")aim exp [—A1p” — App/? + A3 ) (D.7)

onde

A

ai

T

3(mf - 2(Mf —+ 1))2 (mf - 1)2 + 3(1 - 2Mf)2
8(a? (322 +1)+6p%)  8(a?x?+25?) 8a?

8(a?(3z2+1)4+65%) 8(a?x?+25?%) * 8a?
3(mp —2(Mp+1))(m; —2(M; + 1)) (mp—1)(m; — 1)  3(2M; — 1)(2M; — 1)
4 (a2 (3224 1) 4+ 64?) 4 (%22 +2[?) 4o
8may,
3Im?

48v/60° 33
(a2a? +262)*% (a2 (322 + 1) + 632)*°




Apéndice E

Parte spin-sabor-cor de Vi,

O fator de cor pode ser calculado por

c _ ()\Zo /\ap) GHv2 gVH2p3 P2 cOH2/43
Po\22)v3 V6 VB Ve
c ()\Zg)\gp GHIV clB2p3 §OP cH1H2H3
L 77) V3 V6 V3 V6
Cs _ ()\Z )\ap> (5;WQ 8u1vu3 6#11/2 60/)#3
2 2)V3 V6 V3 V6
e, — (&&) SVIV cHIBE3 §H1P SV1OH3 (El)
2 2)V3 V6 V3 V6

O resultado é escrito como {Cy,Cs,Cs,Cy}:

4 4 2 2
Y S E.2
¢ {9’ 9’ 9’9} (E2)

E importante observar que pelo fato deste resultado nao depender dos indices de méson
e/ou barion, ele vale para qualquer interacao méson-bérion descrita dentro do contexto
do nosso formalismo. O fator de spin-sabor pode ser calculado por

) 7
S . 5 B O'su So USV Sp 5 5 % UV RV A3 - pUo O 2 L3
1(055, ’y) - fufoCfu fo 5()5 <[3 g'y C§

So(af;dy) =

(Sfu fG(SfV fo *NIVC;NNZ,UngpC(;;lMng

«
«

( (530011)
Stagon = <2 ) (5 0001,) GGG
( (530511) e

Si(ap; o) = JUCge e (E.3)

Ot 1205, 5,
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Estes fatores S podem ser calculados facilmente, usando a seguinte propriedade das
matrizes do SU(N)

« 1sa 1, se M*=0% (a=1,2,3)
MMU Mup - 25/4’51/0 - fé,uaaup com f - { %7 se M@ = )\a’ (a _ 17 L ,8) (E4)
Os fatores de spin-sabor-cor w; sao obtidos a partir de C e S:
{wl,WQ,wg,W4}:{3C181, 36252,66383, 66484} (E5)

Como foi comentado no Capitulo 4, os indices «, 3,9,y sdao os numeros quanticos de
espago, spin e isospin dos mésons ou dos barions do problema. Eles vao ser determinados
de acordo com o respectivo processo a ser estudado, sendo muitas vezes necessario usar
regras de soma de momento angular para representar o estado em questao.
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