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Resumo

Nés empregamos modelos de quarks para investigar a quebra da simetria de sabor
na interacao de mésons e barions charmosos com o ntiicleon. Nesses modelos a unica
fonte de quebra da simetria de sabor sao as massas dos quarks u, d, s e c. Inicialmente,
empregamos o modelo de decaimento forte 3Py para calcular constantes de acoplamento
hadron-hédron efetivas. Os elementos de matriz do operador de decaimento 3P foram
calculados usando funcoes de onda hadroénicas determinadas através da diagonalizagao
exata do Hamiltoniano microscopico de um modelo nao-relativistico de quarks em uma
base finita de fungoes de onda Gaussianas. Resultados numéricos foram obtidos para as
amplitudes 7mp, KKp, DDp, NN7w, NS,K, NA.D, N¥.D, NA,K e os efeitos da quebra
de simetria foram avaliados para as correspondentes constantes de acoplamento. A seguir,
investigamos o espalhamento a baixas energias dos mésons estranhos K e charmosos D com
o nucleon empregando um modelo microscépico de quarks inspirado na cromodinamica
quantica no calibre de Coulomb que confina a carga de cor e realiza a quebra dinamica
da simetria quiral. O Hamiltoniano microscépico do modelo incorpora um potencial de
confinamento do tipo Coulomb e uma interacao hiperfina de glions transversos. Uma
funcao de massa para os quarks constituintes é obtida pela solucao de uma equagao de
gap e fungbes de onda de estados ligados de mésons e bdrions sao obtidas no espago
de Fock usando um esquema de calculo variacional. A seguir, tendo obtido as massas
constituintes e as fungoes de ondas dos hadrons, uma interacao efetiva méson-nicleon de
alcance curto é derivada a partir do mecanismo de troca quark-glion. Para descrever a
fisica de distancias longas, interacoes de troca de mésons vetoriais e escalares obtidas por
meio de Lagrangianas efetivas sdo incorporadas. Por fim, o potencial efetivo méson-barion
contendo as partes de curta e longa distancias é usado em uma equacao de Lippmann-
Schwinger para obter deslocamentos de fase e segoes de choque. Os resultados obtidos sao
comparados com céalculos similares recentes usando o modelo nao-relativistico de quarks.
Nossos resultados sao de interesse em estudos de colisoes de ions pesados relativisticos,
como também para guiar experimentos futuros que pretendem medir secoes de choque

envolvendo o espalhamento de particulas charmosas por hadrons leves.

Palavras Chaves: Cromodinamica quantica; Confinamento de quarks e glions; Quebra
dinamica da simetria quiral; Modelos de quarks constituintes; Interagoes hadron-hédron,

Mésons charmosos; Interagoes de mésons charmosos com nucleons.
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Abstract

We employ quark models to investigate the breaking of flavor symmetry in the in-
teraction of charmed mesons and baryons with the nucleon. The only source of flavor
symmetry breaking are the masses of the quarks u, d, s, and c. Initially, we employ the
3P, strong decay model to obtain hadron-hadron effective coupling constants. The matrix
elements of the 3P decay operator were evaluated employing hadron wave-functions cal-
culated by exact diagonalization of the microscopic quark model Hamiltonian in a finite
basis of Gaussian wave-functions. Numerical results were determined for the mmp, K Kp,
DDp, NNw, N K, NA.D, NX.D, NA,K amplitudes and the symmetry breaking ef-
fects were evaluated for the corresponding coupling constants. Next, we investigate the
strong interaction of strange K and charmed D mesons by nucleons at low energies using
a microscopic quark model inspired in quantum chromodynamics in Coulomb gauge that
confines color and realizes dynamical chiral symmetry breaking. The microscopic model
Hamiltonian incorporates a confining Coulomb potential and a transverse-gluon hyperfine
interaction. A constituent-quark mass function is obtained by solving a gap equation and
baryon and meson bound-states are obtained in Fock space using a variational calculation.
Next, having obtained the constituent-quark masses and the hadron waves functions, an
effective short-range meson-nucleon interaction is derived from a quark-interchange me-
chanism. To describe long-distance physics vector- and scalar-meson exchanges obtained
from effective Lagrangians are incorporated. The derived effective meson-baryon potential
is used in a Lippmann-Schwinger equation to obtain cross section and phase shifts. The
obtained results are compared with recent similar calculations using the nonrelativistic
quark model. Our results are of interest to studies of relativistic heavy ion collisions and
also to guide future experiments that plan to measure cross sections involving scattering

of charmed particles by light hadrons.
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“Os deuses condenaram Sisifo a empurrar incessantemente uma rocha até o alto de
uma montanha, de onde tornava a cair pelo seu proprio peso. Pensaram, com certa razao,
que nao hd castigo mais terrivel que o trabalho inditil e sem esperanga. (...) vemos todo
o esforco de um corpo tenso ao erguer a pedra enorme, empurrd-la e ajudd-la a subir em
uma ladeira cem vezes recomecada; vemos o rosto crispado, a bochecha colada contra a
pedra, o socorro de um ombro que recebe a massa coberta de argila, um pé que a retém, a
tensao dos bracos, a sequranca totalmente humana de duas maos cheias de terra. Ao final
desse prolongado esforco, medido pelo espaco sem céu e pelo tempo sem profundidade, a
meta € atingida. Sisifo contempla entdo a pedra despencando em alguns instantes até esse
mundo inferior de onde ele terd que retornar a subi-la até os picos. E volta a planicie.

E durante esse regresso, essa pausa que Sisifo me interessa. Um rosto que padece tdo
perto das pedras ja € pedra ele proprio! Vejo esse homem descendo com passos pesados
e requlares de wvolta para o tormento cujo fim nao conhecerd. FEssa hora, que € como
uma respiracdo e que se repete com tanta certeza quanto sua desgraca, essa hora € a da
consciéncia. Em cada um desses instantes, quando ele abandona os cumes e mergulha
pouco a pouco nas guaridas dos deuses, Sisifo € superior ao seu destino € mais forte
que sua rocha. (...) Toda a alegria silenciosa de Sisifo consiste nisso. Seu destino lhe
pertence. A rocha € sua casa. Da mesma forma, o homem absurdo manda todos os idolos
se calarem quando contempla seu tormento. (...) Nao hd sol sem sombra, é preciso
conhecer a noite. O homem absurdo diz que sim e seu esforco ndo terd interrup¢ao. Se hd
um destino pessoal, ndo hd um destino superior ou ao menos s6 hd um, que ele julga fatal
e desprezivel. De resto, sabe que € dono de seus dias. No instante sutil em que o homem se
volta para sua vida, Sisifo, regressando para sua rocha, contempla essa sequéncia de agoes
desvinculadas que se tornou seu destino, criado por ele, unido sob o olhar de sua memdria
e em breve selado por sua morte. Assim, convencido da origem totalmente humana de
tudo o que € humano, cego que deseja ver e que sabe que a noite nao tem fim, ele estd
sempre em marcha. A rocha ainda rola.

Deizo Sisifo na base da montanha! As pessoas sempre reencontram seu fardo. Mas
Sisifo ensina a fidelidade superior que nega os Deuses e erque as rochas. Também ele acha
que estd tudo bem. FEsse universo, doravante sem dono, ndo lhe parece estéril nem fitil.
Cada grdo dessa pedra, cada fragmento mineral dessa montanha cheia de noite forma por
si 6 um mundo. A propria luta para chegar ao cume basta para encher o coragdo de um

homem. FE preciso imaginar Sisifo feliz.”

ALBERT CAMUS: O MITO DE SISIFO
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Capitulo 1
Introducao e Motivacao

Na presente tese investigamos as consequéncias da quebra da simetria de sabor na
interacao de mésons charmosos com o nucleon. As investigagoes sao conduzidas no
contexto de modelos de quarks constituintes. Nos modelos estudados, a unica fonte
de quebra da simetria de sabor sao as massas dos quarks u, d, s e c. O assunto
¢ de interesse atual para estudos de colisoes de fons pesados relativisticos, como
também para guiar experimentos futuros que planejam medir secoes de choque de
espalhamento de particulas charmosas por hiadrons leves. Neste primeiro Capitulo
da tese vamos colocar os objetivos e as motivacoes especificas para este estudo, bem
como discutir a necessidade do emprego de modelos fenomenoldgicos frente a teoria

fundamental das interagoes fortes, a cromodinamica quantica (QCD).

A QCD é a teoria das interagoes fortes. Ela é uma teoria de calibre nao-abeliana,
cujo grupo de simetria é o SU(3) [1]. Os graus de liberdade fundamentais da QCD
sao os quarks e glions. Os quarks s@o particulas fermionicas massivas de spin 1/2
descritas por campos espinoriais, enquanto os glions sao particulas bosonicas sem
massa de spin 1 descritos por campos vetoriais. Os quarks pertencem a representagao
fundamental do grupo SU(3), de dimensao 3 - eles aparecem em trés estados de
cargas de “cor”, convencionalmente denominadas red, green e blue. Os glions per-
tencem a representacao adjunta de dimensao 8 deste grupo - eles aparecem em oito
estados de carga de cor. Em conjunto com o modelo de Glashow-Weinberg-Salam
das interagoes eletrofracas [2], que obteve um éxito extraordinario na unificagao das
interagoes eletromagnética e fraca, a QCD forma o chamado modelo padrao das

particulas e interagoes fundamentais.

Como trata-se de uma teoria fundamental, a QCD deve descrever todas as propri-
edades de sistemas que interagem fortemente. Um dos aspectos marcantes da QCD

é que ela prediz que em processos que envolvem grandes momentos transferidos, que



corresponde a pequenas distancias de interagao, geralmente alcancados através de
reacoes a altas energias, os quarks e glions comportam-se como particulas livres,
um fenémeno conhecido como liberdade assintética [3]. Devido a esta proprieda-
de, métodos perturbativos baseados numa expansao na constante de acoplamento
da teoria podem ser empregados. Os sucessos alcancados pela QCD nas tultimas
décadas [4] na descri¢ao desses processos a qualificam como sendo a teoria funda-
mental das interagoes fortes. Por outro lado, progressos muito mais lentos tém sido
observados na descricao de processos nas escalas de energias baixas e intermedidrias,
que sao da ordem de 100 MeV. Nestas escalas de energia, a constante de acoplamento
da QCD torna-se da ordem da unidade, o que inviabiliza o uso dos tradicionais e bem
estabelecidos métodos perturbativos. A obtencao de resultados tedricos confiaveis
no regime de acoplamento forte da QCD mostrou-se um problema extremamente
complicado. A razao principal para este fato é que os métodos da fisica tedrica
mais conhecidos para tratar problemas fortemente interagentes de maneira analitica
nao sao de aplicabilidade universal, no sentido de que, em geral, nao sao baseados
em expansoes controlaveis e passiveis de melhorias sistematicas, como é o caso das
expansoes perturbativas na constante de acoplamento. No entanto, por mais para-
doxal que possa parecer, o fato da constante de acoplamento da QCD nao ser fraca
a baixas energias é uma propriedade fisicamente desejavel, pois, nem quarks nem
glions foram observados como particulas livres, até o momento. Essa é conhecida
como hipétese do confinamento. De acordo com ela, somente estados singletos do
grupo de calibre sao observaveis, o que implica que tanto os quarks quanto os glions
nao devem aparecer como particulas livres. Os mais simples estados singletos do
grupo de calibre possiveis sao os estados ligados compostos por um quark e um

antiquark (mésons) e os estados ligados formados por trés quarks (bérions).

Atualmente, o inico método que permite tratar, de maneira sisteméatica e con-
trolavel, alguns problemas nao-perturbativos a partir de primeiros principios é ba-
seado em simulagoes numéricas de larga escala. Esse método consiste em reformular
a teoria usando o método da QCD na rede [5]. A formulacdo de rede mais bem
sucedida para a QCD é dada em termos de um formalismo lagrangiano, através de
integrais funcionais continuadas analiticamente para o espaco-tempo euclidiano e
discretizadas em uma rede (finita) quadridimensional.

Essa discretizagao das integrais funcionais torna a QCD uma teoria com um
numero finito de graus de liberdade, em que a funcao geratriz de fun¢oes de Green
da teoria quantica se torna uma quantidade analoga a uma funcao de particao da
mecanica estatistica cldssica, com um peso de Boltzmann positivo-definido. A parte

fermionica da agao é quadratica nos campos e pode, portanto, ser integrada analiti-



camente, resultando desta integracao um determinante da matriz do propagador dos
férmions. A integral funcional remanescente envolve somente variaveis bosonicas, as

quais podem ser simuladas numericamente com algoritmos de Monte Carlo.

Wilson, no artigo em que colocou as bases da formulacao da QCD na rede [6],
mostrou que o confinamento da cor poderia ser derivado a partir da lagrangiana
da teoria em um certo limite. Especificamente, ele mostrou que para acoplamento
(de rede) forte, na teoria contendo somente glions, a energia de interacdo entre
duas fontes de carga de cor cresce linearmente com a distancia de separacao entre
elas, evidenciando uma interagao de confinamento através do desenvolvimento de
um tubo de fluxo de cor entre as fontes. A demonstracao desta propriedade e o
estudo da teoria no limite fisico — que corresponde a acoplamento de rede fraco
(ou, equivalentemente, a espagamento de rede pequeno) — nao podem porém ser
realizados de maneira analitica. Tal estudo pode ser feito por simulagoes computa-
cionais, em analogia com problemas usuais de mecanica estatistica, extrapolando-se
no final os resultados para o limite de volume infinito e espacamento de rede nulo.
A partir do trabalho original de Wilson e das primeiras propostas de um tratamento
computacional para o problema (see e.g. [7]), simulagdes numéricas da QCD na
rede tém confirmado a propriedade de confinamento, e vém permitindo também o
acimulo de um grande volume de informacoes sobre outros aspectos do setor nao-
perturbativo da teoria, primeiramente para o caso contendo glions somente. Mais
recentemente, tornou-se possivel obter controle sobre a inclusao dos quarks leves nas
simulagoes e, atualmente, um intenso programa de calculos do espectro hadronico de
massas [8, 9], constantes de acoplamento [10], fatores de forma do nticleon [11, 12]

e outros observaveis encontra-se em sofisticado estagio de desenvolvimento.

Entretanto, as técnicas da QCD na rede nao sao universalmente aplicaveis e mui-
tos aspectos das interacoes fortes ainda permanecem inacessiveis. Dois exemplos de
fundamental importancia sao espalhamentos entre hadrons e sistemas de muitos
corpos com densidade barionica finita. No primeiro caso, o problema é que espalha-
mentos sao processos que ocorrem no espago de Minkowski e, como tal, sao dificeis
de serem analisados com simulagoes no espaco Euclideano — a Ref. [13] apresenta
uma discussao sobre métodos que estao sendo desenvolvidos para tratar problemas
de espalhamento. No segundo caso, as técnicas de Monte Carlo nao podem ser
empregadas porque o peso de Boltzmann, sobre o qual estao assentadas as bases
dessas técnicas, nao é mais positivo. Nesse assunto também h& progressos, mas os
desafios sdo ainda grandes, conforme discussao recente na Ref. [14]. Essas dificul-
dades, sem duvida, oferecem um enorme empecilho no entendimento das interagoes

fortes. O empecilho nao afeta somente o conhecimento de natureza teodrica, pois



hé um grande esforgo experimental em curso no JLab (Thomas Jefferson National
Accelerator Facility), no RHIC (Relativistic Heavy Ions Collider) e no LHC (Large
Hadron Collider) produzindo dados experimentais que nao podem ser interpreta-
dos diretamente com os métodos da QCD na rede. Ainda mais, em breve entrara
em funcionamento o laboratério FAIR (Facility for Antiproton and Ion Research),
cujos experimentos planejados necessitam de estudos preliminares sobre interacoes
entre hadrons charmosos com a matéria hadronica ordindria (formada de prétons e
néutrons) para alimentar cédigos de simulagoes de detetores e também para guiar

propostas de medidas de se¢oes de choque e outros observaveis.

Baseado nas observacoes feitas até aqui, fica claro que apesar das simulacoes
numéricas da QCD na rede responderem a muitas das questoes no regime de bai-
xas energias, é necessario complementar esses estudos através de outros métodos
que permitam fazer progresso no campo. A literatura apresenta uma variedade de
métodos e modelos designados para descrever aspectos nao perturbativos da QCD.
Um exemplo é o programa de pesquisa baseado nas equacoes de Dyson-Schwinger
e Bethe-Salpeter em calibres covariantes — a Ref. [15] apresenta uma revisao re-
cente sobre esse programa. Essas sao equacoes integrais para os propagadores, es-
tados hadronicos ligados e de espalhamento. Uma das principais dificuldades nesse
programa é que essas equacoes sao parte de uma hierarquia infinita de equacgoes
acopladas que precisa ser truncada para se tornar tratavel matematicamente. En-
contrar um esquema de aproximacoes que seja sistematico e controlavel, e que pre-
serve invariancia de Lorentz, simetria local de calibre e outras simetrias internas é
o grande desafio. Também, estas equagoes sao em geral resolvidas numericamente
no espaco Euclideano e, portanto, sofrem da mesma dificuldade que a QCD na rede
para descrever processos no espaco de Minkowski. No entanto, apesar dessas difi-
culdades, esse programa oferece uma abordagem de primeiros principios que pode
levar ao entendimento de muitos aspectos do regime nao perturbativo da QCD.
Uma outra abordagem que tem permitido calcular uma quantidade muito grande
de observaveis hadronicos a baixas energias estd baseado no esquema das regras de
soma da QCD [16]. Neste esquema, nao se tenta provar que os quarks e glions
estao confinados; o confinamento é tomado como sendo uma propriedade da QCD.
Observaveis hadronicos, como massas e momentos magnéticos dos barions, sao re-
lacionados a valores esperados no vacuo de produtos de operadores de campo de
quarks e glions, chamados de condensados. Uma variedade enorme de quantidades
hadronicas foi calculada com esse método. Em particular, quantidades relacionadas
diretamente com o objeto de estudo da presente tese foram e continuam sendo estu-

dadas com o método das regras de soma da QCD - a Ref. [17] apresenta uma revisao



muito recente sobre resultados obtidos com esta abordagem. Uma dificuldade com
as regras de soma ¢é o desconhecimento do valor numérico de condensados envol-
vendo produtos de quatro ou mais operadores de campo de quark ou glion, o que
exige aproximacoes de dificil controle. Muito recentemente surgiu uma nova abor-
dagem de problemas fortemente interagentes. Ela ¢é inspirada em desenvolvimentos
na teoria de cordas e baseada no conceito de dualidade [18]. Segundo esse conceito,
certas teorias aparentemente sem a minima conexao entre elas, na verdade possuem,
surpreendentemente, uma correspondéncia em que o limite de acoplamento forte de
uma delas corresponde ao limite de acoplamento fraco da outra. Dependendo do
contexto, a correspondéncia é conhecida como dualidade gravidade/calibre, duali-
dade corda/calibre ou AdS/CFT (AdS significa anti-de Sitter, CFT significa teoria
de campos conforme) - a Ref. [19] apresenta uma discussao nao muito técnica sobre
esse assunto. Apesar de que correspondéncias dessa natureza nao terem sido encon-
tradas para a QCD, um caso que pode ser de relevancia para o entendimento do
regime de acoplamento forte da QCD e que tem despertado muito interesse é o de
uma teoria de Yang-Mills supersimétrica. Mesmo a QCD nao sendo supersimétrica,
estudos baseados na correspondéncia da teoria supersimétrica com uma teoria de
gravidade no espaco de anti-de Sitter tem permitido uma variedade de estudos que
se mostraram muito uteis no estudo da QCD. Essas correspondéncias tém sido in-
vestigadas também em outros campos da Fisica além da QCD - a Ref. [20] discute
algumas aplicacoes em Fisica da Matéria Condensada.

Na presente tese vamos empregar uma outra abordagem, a dos modelos de quarks
constituintes. Esses modelos sao amplamente empregados desde os primordios da
fisica dos quarks [21] e continuam desempenhando papel importante no estudo de
fenomenos nao perturbativos da QCD. Historicamente, o modelo de quarks precedeu
ao desenvolvimento da QCD. A descoberta da simetria SU(3) de sabor dos barions
e mésons abriu o caminho para a criagdo do modelo de quarks [22, 23]. O objetivo
inicial do modelo de quarks foi o de classificar os hadrons em termos de um nimero
reduzido de constituintes, os quarks, através de uma estrutura matematica da teo-
ria de grupos. Esse modelo, além de permitir classificar os hadrons conhecidos em
termos de multipletos do grupo SU(3), levou também a predi¢oes da existéncia de
novos hadrons com base somente na estrutura matematica do modelo. Esse fato,
além de dados experimentais de espalhamento de elétrons indicarem a existéncia
de centros espalhadores puntiformes no interior de prétons e néutrons, levou a pes-
quisadores incorporarem, de maneira fenomenoldgica, uma dinamica aos quarks.
Especificamente, foi postulada um potencial atrativo entre os quarks e uma massa

de maneira que massas, raios e outros observaveis hadronicos pudessem ser calcu-



lados através de uma equagao de Schrodinger. Atribuindo uma massa da ordem de
300 MeV aos quarks e antiquarks, os resultados obtidos por esse modelo estavam
surpreendentemente em boa concordancia com os dados experimentais da espectros-
copia de hadrons no estado fundamental. Esse modelo evidenciou a necessidade da
introducao de um novo numero quantico, a carga cor, para dar conta do Principio

de Pauli em certos estados barionicos.

Apés a descoberta da liberdade assintética e a introducao da idéia do confina-
mento da cor na QCD, A. De Rdjula, H. Georgi e S.L. Glashow [24] introduziram
esses conceitos no modelo de quarks. Eles incorporaram ao modelo de quarks a troca
de um glion (OGE) entre quarks e antiquarks, a qual introduz forcas dependentes
do spin. Essas forcas sao de curto alcance e sao capazes de explicar a estrutura fina

e hiperfina no espectro hadronico de baixas energias.

Nas ultimas décadas, o modelo nao-relativistico de quarks constituintes tem sido
aplicado na descrigao de um vasto dominio de fenomenos da fisica de hadrons. Ele
tem oferecido uma das mais completas descrigoes das propriedades hadronicas e, pro-
vavelmente é o modelo fenomenolégico que melhor descreva a estrutura de barions
e mésons a baixas energias de excitacao. Em um caminho completamente unifi-
cado, tanto o espectro de massas [25, 26, 27, 28, 29] quanto as interagdes hadron-
hadron [30, 32, 31, 33, 34] sao explicadas de maneira muito natural dentro desta
abordagem. Além disso, um intenso programa de estudos tem sido realizado no se-
tor de decaimento forte de hadrons [35, 36, 37, 38], e uma gama enorme de processos

de decaimento tem sido calculados.

Com o estabelecimento da QCD como teoria fundamental das interagoes fortes,
a busca do entendimento do modelo de quarks dentro dessa teoria ¢ um objetivo
ainda a ser alcancado. A busca principal é de diminuir o nimero de parametros
livres e evitar hipéteses arbitrarias . Uma das caracteristicas mais buscadas ¢ a
implementagao do confinamento da carga de cor - a esmagadora maioria dos mode-
los levam ao confinamento de quarks e antiquarks, mas nao possuem mecanismos
fisicos que impecam estados ligados que nao sejam singletos de cor. Uma outra carac-
teristica da QCD que eventualmente precisa ser incorporada em modelos de quarks
¢ a quebra dinamica da simetria quiral. Nambu, muito antes do advento da QCD,
fazendo uso de analogias com fenomenos de quebra de simetria na fisica da matéria
condensada, chamou a atencao para a possivel existéncia e importancia fundamental
dessa simetria nas interagoes fortes. A simetria quiral é uma simetria aproximada
da QCD. Com base nessa simetria aproximada é possivel entender a pequena massa

do méson 7w (m, ~ 140 MeV) - a massa é pequena em compara¢ao as massas dos



outros hadrons leves, que sao da ordem de 1GeV. Ela seria uma simetria exata
se as massas dos quarks fossem nulas. Nesse caso, a simetria seria dinamicamente
quebrada e o béson de Goldstone correspondente seria um méson com 0s Mmesmos
nimeros quanticos do méson 7. Como esse méson possui uma massa nao nula, sua
pequena massa seria atribuida ao remanescente da dinamica que levaria a uma que-
bra dinamica da simetria, caso ela fosse exata. Dito de outra maneira, as forcas
que levariam a quebra dinamica da simetria exata ainda se manifestam quando a
simetria é apenas aproximada. Isto é o que realmente parece acontecer na QCD,
pois os quarks leves u e d, também chamados de quarks de corrente, tém massas
muito pequenas, m, 4 ~ 10 MeV, em comparagao com a escala Agep ~ 250 MeV.
Uma discussao sobre o assunto no contexto da QCD na rede aparece na Ref. [40].
A quebra dinamica da simetria pode ser entendido como uma transicao de fase,
em que o parametro de ordem associado a essa quebra de simetria é o condensado
de quarks, (gg). Em particular, é precisamente o condensado de quarks responsavel
pela geragao de uma massa dinamica para os quarks. Assim, o resultado da quebra
dinamica da simetria quiral, é que os quarks de corrente leves que aparecem na
Lagrangiana da QCD, e que possuem massa pequena, adquirem uma massa grande,
da ordem de 300 MeV, e esse aumento é proporcional a (gq). Esses quarks com massa
da ordem de 300 MeV sao chamados de quarks constituintes, em contra-partida aos
quarks de corrente, que aparecem na Lagrangiana da QCD. Sendo assim, é a partir
da quebra dinamica da simetria quiral que modelos de quarks constituintes fazem

contato com a QCD.

Os modelos de quarks mais bem sucedidos na descricao da estrutura e interacgoes
hadronicas a baixas energias, que genericamente vamos nos referir como sendo mo-
delos tipo Isqur e Karl (a Ref. [41] apresenta um 6timo curso sobre as bases do
modelo e discute resultados importantes), apresentam sérias limitagoes em sua es-
trutura conceitual. Uma dessas limitagoes, por exemplo, é a sua clara ineficacia
na explicagao da origem das massas constituintes dos quarks, que devem ser su-
postamente geradas pela quebra dindmica da simetria quiral (DxSB). As massas
dos quarks e as interacoes sao especificadas independentemente no modelo. Um
outro ponto sensivel dessa classe de modelos é a impossibilidade de estudar efei-
tos de temperatura e densidade barionica sobre a estrutura e interagoes hadronicas.
Para tratar, por exemplo, mudancas nas propriedades quirais dos hadrons num meio
hadronico precisa-se que realize (DySB) de maneira explicita e, idealmente, incor-
porar o confinamento da carga de cor. Além disso, a partir de um tal Hamiltoniano
deve ser possivel a construcao de esquemas de aproximacao para se obter funcoes

de onda de estado ligado e também potenciais de interacao efetivos que possam ser



usados para calcular observaveis do espalhamento, como segoes de choque e desloca-
mentos de fase. Todas essas caracteristicas devem ainda ser tais que permitam que
esses calculos sejam realizados de maneira simples e, sempre que possivel, evitem

um grande esforco computacional.

Com base nos argumentos que apresentamos até aqui, fica evidente que uma
excelente alternativa para se fazer progressos no entendimento do regime de baixas
energia da QCD, sem que um intenso esforco computacional seja exigido, é o uso
do modelo de quarks constituintes. No entanto, esse modelo, tal como se apresenta,
necessita de aprimoramentos. E é este um dos objetivos a que esta tese se propoe,
ou seja, desenvolver um esquema de calculo com a mesma estrutura do modelo
nao-relativistico de quarks constituintes mas que incorpore explicitamente tanto os
efeitos da (DxSB) quanto do confinamento de cor. Para isso, usamos um forma-
lismo Hamiltoniano inspirado na QCD no calibre de Coulomb. A motivacao béasica
para empregar uma formulagao Hamiltoniana é que técnicas tradicionais da teoria
quantica de muitos corpos, além de estarem bem desenvolvidas e consolidadas, po-
dem ser diretamente implementadas no estudo de sistemas hadronicos a temperatura

e densidade barionica finitas.

No contexto da QCD, o uso do calibre de Coulomb vem despertando bastante
atencao e um extenso programa de pesquisa vem sendo desenvolvido a partir dessa
abordagem [42, 43, 44, 45]. Um dos grandes atrativos do calibre de Coulomb est&
no fato dele ser extremamente eficaz para o estudo de estados ligados, pois todos
os graus de liberdade empregados sao fisicos e uma norma positiva definida dos
estados no espaco de Fock existe. Além disso, a resolucao dos vinculos do calibre
de Coulomb produz uma interagao instantanea, o analogo nao-abeliano da interagao
de Coulomb, que ajuda na geracao de estados ligados. Uma outra vantagem do
calibre de Coulomb, é que ele possibilita o desenvolvimento de métodos analiticos

no continuo para o tratamento das fungoes de Green da teoria [46].

A construcao de um Hamiltoniano no calibre de Coulomb a partir da rede,
também j& foi tratada na literatura [47, 48]. Uma aplicagdo bem sucedida desse
formalismo foi feita em uma recente investigacao do comportamento no infraverme-
lho do potencial efetivo de Coulomb [49]. Um dos pontos a serem destacados neste
estudo, foi que esses autores forneceram uma parametrizacao para o potencial de
Coulomb no infravermelho obtido diretamente de simulagoes na rede. Dessa forma,
também ¢é possivel usar essa interacao tanto para se estudar o espectro de mésons e

barions quanto a interacao hadron-hadron.

A presente tese vai se concentrar no estudo da interagao de mésons charmosos



D, formados de um quark leve e um quark charm, com o nicleon [50, 51, 52, 53, 54,
55, 56], um problema de grande interesse atual. Em particular, essa interagao é de
interesse em problemas de restauragao da simetria quiral na matéria hadronica, pois
¢ um fato conhecido que as propriedades quirais dos quarks leves u e d no méson
D sao extremamente sensiveis a temperatura e densidade barionica. Dessa forma,
podemos esperar que certas modificagoes nas propriedades desses mésons possam
trazer informagoes sobre a fisica da simetria quiral no meio hadronico. No entanto,
para que seja possivel extrair informagcoes relevantes em um tal cendrio, é necessario

um entendimento mais detalhado dessa interacao no espaco livre.

No espaco livre, a interacdo DN, onde D corresponde ao dubleto de isospin
(D=, D%), foi estudada no contexto de um modelo hibrido [57]. Neste modelo, a
parte de curto-alcance da interacao foi descrita pelo mecanismo de troca de quark-
glion no contexto do modelo de quarks nao-relativistico. A parte de longa-distancia
da interacao foi descrita pela troca de mésons e barions, que foi originalmente de-
senvolvida para investigar a interacao KN pelos autores da Ref. [58]. Neste estudo
da Ref. [57], foi mostrado que o mecanismo de troca de quark-glion é responsavel
por parte significativa dos valores dos deslocamentos da fase da onda-S experimen-
tais. A troca de mésons o, p e w sdo cruciais para a descricao detalhada desta
onda, como também sao cruciais para a descricao de ondas parciais mais altas. No
entanto, os autores da Ref. [57] tém chamado a atengao para o fato de que um dos
pontos centrais na extensiao do modelo KN [58] para o caso DN é a hipétese de
uso da simetria SU(4) de sabor pois, a partir desta, foi possivel fixar as constantes
de acoplamento relevantes no estudo. No entanto, a simetria SU(4), ao nivel das
massas dos quarks, é fortemente quebrada, ela foi invocada por um motivo pratico,
como esquema de trabalho. Como é conhecido, a nivel das massas dos quarks temos
My >~ mg < mg < m,.. Dessa forma, é de extrema importancia no estudo da in-
teracao entre mésons charmosos e o ntcleon a obtencao de estimativas para avaliar
o efeito da quebra da simetria SU(4) no acoplamento DN. Um dos objetivos da
presente tese € justamente esse, ou seja, obter estimativas para a quebra da simetria
SU(4) no contexto da interacao DN. Essas estimativas sio importantes para se ter
uma idéia do efeito que a grande diferenga entre as massas dos quarks u, d, s em
relacao ao ¢ podem ter no acoplamento entre hadrons charmosos e o nicleon.

Especificamente, inicialmente empregamos o modelo de decaimento forte 3Py, o
qual permite calcular constantes de acoplamento hadron-hadron efetivas. Os ele-
mentos de matriz do operador de decaimento 3P, foram calculados usando funcoes
de onda hadronicas determinadas através da diagonalizacao exata do Hamiltoniano

microscopico de um modelo nao-relativistico de quarks em uma base finita de funcoes



de onda Gaussianas. Resultados numéricos foram obtidos para as amplitudes 7wmp,
KKp, DDp, NN7, NY,K, NA.D, N¥.D, NA,K e os efeitos da quebra de simetria
foram avaliados para as correspondentes constantes de acoplamento.

A seguir, investigamos o espalhamento a baixas energias dos mésons estranhos
K e charmosos D com o niicleon empregando um modelo microscépico de quarks
inspirado na cromodinamica quantica no calibre de Coulomb que confina a carga de
cor e realiza a quebra dinamica da simetria quiral. O Hamiltoniano microscopico do
modelo incorpora um potencial de confinamento do tipo Coulomb e uma interagao
hiperfina de glions transversos. Uma funcao de massa para os quarks constituintes
é obtida pela solucao de uma equagao de gap e func¢oes de onda de estados ligados
de mésons e barions sao obtidas no espaco de Fock usando um esquema de calculo
variacional. A seguir, tendo obtido as massas constituintes e as func¢oes de ondas dos
hadrons, uma interagao efetiva méson-nicleon de alcance curto é derivada a partir
do mecanismo de troca quark-glion. Para descrever a fisica de distancias longas,
interagoes de troca de mésons vetoriais e escalares obtidas por meio de Lagrangianas
efetivas sao incorporadas. O potencial efetivo méson-barion contendo as partes de
curta e longa distancias ¢ usado em uma equagao de Lippmann-Schwinger para obter
deslocamentos de fase e secoes de choque. Os resultados obtidos sao comparados
com calculos similares recentes usando o modelo nao-relativistico de quarks.

Esta tese estd dividida em sete capitulos. No capitulo 2, apresentamos uma
breve revisao sobre a cromodinamica quantica (QCD). Discutimos os conceitos de
confinamento de quarks e glions e também de quebra dinamica da simetria quiral.
Discutimos também as bases do modelo nao-relativistico de quarks constituintes e
mostramos um esquema de calculo para se obter as massas e fungoes onda de estado
ligado de mésons e barions no estado fundamental. No capitulo 3, discutimos os
efeitos da quebra de simetria SU(4) de sabor no acoplamento de mésons e barions
charmosos com o ntcleon no contexto do modelo nao-relativistico de quarks consti-
tuintes. Inicialmente apresentamos uma revisao do modelo de decaimento forte 3P,
e mostramos como determinar de maneira completamente geral amplitudes de decai-
mento para processos envolvendo mésons e béarions. Usamos as func¢oes de onda de
estado ligado expandidas como uma combinacao linear de Gaussianas, tal como dis-
cutido no capitulo 2, para determinar essas amplitudes. A partir dessas amplitudes
determinamos razoes relativas entre constantes de acoplamento associadas a vértices
do tipo méson-méson-méson e méson-barion-barion e computamos os desvios dessas
quantidades em relacao ao caso simétrico na forma de uma parametro de quebra.
No capitulo 3 discutimos a formulagao da QCD no calibre de Coulomb. Apresenta-

mos de maneira sucinta, os formalismos de Szczepaniak-Swanson e de QCD na rede
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para a estrutura do vacuo da QCD. Formalismos esses que fornecem uma interacao
confinante entre as cargas de cor. A partir dessa formulacao da QCD no calibre de
Coulomb, desenvolvemos um modelo de quarks constituintes que realiza a quebra
dinamica da simetria quiral e confina a carga de cor. No capitulo 4 usamos o Hamil-
toniano microscépico desse modelo de quarks inspirado no calibre de Coulomb da
QCD para obter de maneira completamente geral a interacao microscdpica méson-
bérion. Para isso, usamos o resonating group method (RGM), seguindo de perto a
discussao original da Ref. [59]. No capitulo 5 discutimos e aplicamos o formalismo
para obtencao de potenciais de interacao devido a troca de um méson a partir do
formalismo de reducao LSZ. No capitulo 6 usamos o modelo microscépico de quarks
desenvolvido, juntamente com o modelo de troca de mésons, para estudar as secoes
de choque e deslocamentos de fase para onda-S dos sistemas DN e KN. E, por fim,

no capitulo 7, apresentamos nossas conclusoes finais e perspectivas futuras.
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Capitulo 2

A Cromodinamica Quantica e o
Modelo de Quarks

2.1 Introducao

Neste capitulo apresentaremos uma breve revisao das principais caracteristicas da
Cromodinamica Quantica (QCD) e do modelo nao-relativistico de quarks constituin-
tes. Para isso, comecaremos apresentando de maneira introdutéria os aspectos mais
relevantes sobre a QCD. A seguir, iremos discutir o conceito de simetria quiral e as
implicagoes de sua quebra no contexto da densidade Lagrangiana da QCD. Uma vez
tenhamos feito isso, trataremos do modelo nao-relativistico de quarks constituintes

e apresentaremos as suas mais importantes implicagoes para o espectro hadronico.

2.2 A Cromodinamica Quantica

O estudo das forcas nucleares e das interacoes fortes estao intimamente relacionados
desde o advento do méson 7, introduzido teoricamente por Yukawa (1935) [60] e
detectado experimentalmente por Lattes, Occhialini e Powell (1947). A imagem
tradicional do ntcleo, na fisica nuclear de baixas energias, é aquele de um sistema
de muitos corpos formado por particulas sem estrutura interagindo entre si. Essas
particulas sao os protons e os néutrons. Noés entendemos por fisica nuclear de baixas
energias aquela onde as energias de excitacdao, que denominaremos por dFE, sejam
menores que a energia de Fermi, ex ~ 30 — 40 MeV, e os momentos transferidos
sejam tais que 0q < 1/Ry, onde Ry é o raio nuclear.

Esse cendrio é alterado quando 6 F ou dg é aumentado de algumas centenas de
MeV até alguns GeV, o dominio de energias intermediarias da fisica. Neste ponto,

graus de liberdade mesonicos comecam a ser diretamente visiveis. Em especial, o
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pion que é o mais leve dos mésons com uma massa de cerca de m, = 140 MeV,

passa a ser de fundamental importancia. Intrinsecamente conectado com o grau de
3
2
um nucleon (mais um pion de carga apropriada) por meio de uma transi¢ao forte,

liberdade pionico estd a A(1232). Esse barion possui spin-2 e isospin—% e decai em
cuja energia de excitacao é da ordem de 0 = Ma — M =~ 300 MeV, que ¢ a diferenca
de massa A-nticleon.

Descrigoes completamente unificadas de muitos corpos para o nicleo, a ener-
gias baixas e intermedidrias, sao geralmente baseadas na hipdtese do nicleon e
da A(1232) como quase-particulas, interagindo pela troca de mésons. Essa abor-
dagem além de ser muito bem sucedida na descricao fenomenolégica das forcas
nucleares [61, 62], nao faz qualquer referéncia explicita aos graus de liberdade de
quarks. Progressos similares também foram feitos, paralelamente, com o modelo de
troca de mésons da interacao nicleon-nicleon a longas e intermediarias distancias
r > 0.8fm [63].

Ao mesmo tempo em que esses desenvolvimentos ocorriam, a fisica de altas ener-
gias fornecia fortes evidéncias acerca da estrutura de quarks e glions dos hadrons.
Como consequéncia, existia a necessidade 6bvia de se investigar a fenomenologia
dos constituintes nucleares e forcas a partir de um ponto de vista mais fundamen-
tal. Uma tal descricao foi proposta. Nesta, os quarks e glions nao aparecem como
particulas livres, e estao confinados dentro dos hadrons pela interagao quark-glion.
Essa interagao, entre os quarks e os glions e também entre os préprios glions, é
descrita por uma teoria de calibre cujo grupo de simetria é o SU(3). de cor. Esta
teoria ¢ conhecida como cromodinamica quantica ou simplesmente (QCD).

A densidade Lagrangiana da QCD ¢ definida pela seguinte expressao

T (4 1 a rrapv
»CQCD = \I/(Z’}/‘u DH - m)\I/ - ZF‘LWF " (21)

onde os campos de matéria, que representam os quarks, sao denotados por ¥, o

tensor de campo dos bosons de calibre da teoria é dado por
a a a abc Ab Ac
Fr,=0,A, -0, A, —g A} A (2.2)
com a derivada covariante de calibre sendo dada pela seguinte expressao

(2.3)

i

m:%@—%w@m

Além disso, os campos de Yang-Mills que representam os gliions sao denotados por
A7 . Os indices gregos u,v = 0,...,3 representam os indices vetoriais de Lorentz;
os indices a,b,c = 1...,8 sdo os indices da representagao adjunta de grupo SU(3)..

Ja os quarks tem suas massas designadas por m.
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A Lagrangiana da QCD ¢ invariante sob transformacoes de calibre locais do
seguinte tipo
U — P =i 0@ g (2.4)

onde é 7% = % com a = 1,...,8. As matrizes 3 x 3 de Gell-Mann \', A%, ... )8,
sao tais que, tém traco nulo e sao Hermiteanas. Além disso, satisfazem a seguinte

algebra do grupo de simetria SU(3)
(A, 0] = 24 fabe e (2.5)

Essa simetria, por ser local, implica que os parametros da transformacao de calibre
sejam funcgoes do espaco-tempo = = z,,.

A invariancia da densidade Lagrangiana da QCD sob transformagoes de calibre
locais tem implicagoes importantes. Primeiro, ela requer o aparecimento de bdésons
de calibre vetoriais e sem massa na teoria. Segundo, ela é responsavel pela forma
da interacao entre os bdésons de calibre e os campos de matéria. E em terceiro, ela
gera a interacao entre os proprios bosons de calibre. Essa auto-interacao é uma
consequéncia imediata do fato de que na QCD os geradores das transformacoes de
calibre A* ndo comutam entre si, ver Eq.(2.5). A assinatura dessa importante ca-
racteristica pode ser vista diretamente no termo g f¢ AZ A¢ que aparece na Eq.(2.2).
E importante notar também, que a interacao forte é independente do sabor, ou
seja, os indices de sabor na densidade Lagrangiana da QCD nao sao afetados por
transformagoes de calibre do grupo SU(3). de cor. A QCD ainda possui duas outras
propriedades notaveis que sao o confinamento e a liberdade assintotica.

E um fato empirico que tanto os quarks, quanto os glions estao confinados
dentro dos hadrons. Essa ¢ uma propriedade que ainda nao pode ser demonstrada
de maneira direta das equacoes da QCD, e uma das causas que contribuem para isso
é a seguinte: depois de renormalizada a constante de acoplamento g da QCD passa
a ser uma constante de acoplamento efetiva que depende do momento transferido,
ou seja, a,(q®). Essa constante de acoplamento efetiva é tal que, possue um grande
valor para ¢ — 0, regime de baixas energias, o que torna invidvel a utilizacao das
usuais técnicas perturbativas nos calculos envolvendo essas equacoes. Esse regime,
também é conhecido como regime de acoplamento forte da QCD. Por isso, dizemos
que os quarks estao confinados em estados que sao singletos de cor. Os mais simples
estados singletos de cor sao os mésons e barions. Os mésons, sao formados pela
combinacao de um quark com um antiquark, e os barions sao estados formados
pela combinagao de trés quarks. Ja para processos nos quais grandes momentos
sejam transferidos ¢ — oo, regime de altas energias, a constante de acoplamento

efetiva torna-se pequena e as técnicas perturbativas podem ser usadas. Devido a
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essa propriedade peculiar da constante de acoplamento da QCD, dizemos que ela é
uma teoria assintoticamente livre.
Os quarks u, d que aparecem na densidade Lagrangiana da QCD tem massas em

torno de alguns MeV [64], ou seja
My~ (5.1 £ 1.5)MeV, my ~ (8.9+2.6)MeV (2.6)

Tais massas sao muito pequenas quando comparadas com a escala de massa dos
hadrons que elas compoe, que sao da ordem de ~ 1 GeV. O fato dessas massas serem
relativamente pequenas indica a possivel existéncia de uma simetria global da Lgcp
que é denominada simetria quiral. Trata-se de uma simetria aproximada, que se
tornaria exata no limite em que m, = my = 0. Essa simetria, ou melhor, a quebra
desta simetria tem implicagoes importantes no espectro de hadrons, e portanto, é
significativo que algumas consideragoes sobre ela sejam feitas.

Vamos considerar primeiro que as massas dos quarks de corrente na densidade
Lagrangiana da QCD sejam nulas, para todos os seis sabores. Sob essa imposicao a
Eq.(2.1) adquire a seguinte forma

= 1
Locp =1¥A" D,V — ZFSVFGNV (2.7)
Apenas por uma questao didatica, vamos restringir nossa discussao a uma teoria
simplificada contendo apenas dois sabores Ny = 2. Dessa forma nos teremos para

os campos ¥ e ¥ o seguintes dubletos

@:(“) U= () (2.8)
(o

onde por uma questao de simplicidade na notacao nés omitimos os indices de cor
dos campos de quarks, visto que, a simetria quiral esta associada a transformacoes
que atuam sobre os indices de sabor e nao de cor. Nao é dificil verificar que uma
densidade Lagrangiana igual aquela que aparece na Eq.(2.7), com os campos de
quarks definidos como em (2.8), é invariante sob as seguintes transformagoes vetoriais
(V') e axiais (A)

U0 = T (2.9)

U0 = e inEly (2.10)
J& os campos conjugados ¥ se transformam de uma maneira similar, ou seja

U0 = Jeizh (2.11)

T 0 = Teinzli (2.12)

*Nesta tese usaremos o ponto ( . ) ao invés da virgula ( , ) para nimeros decimais.
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Nestas equagoes, como é usual, 7 refere-se as matrizes de Pauli do grupo SU(2)g
de sabor, 75 = i7?y!v?3 e 0% e 04 (a = 1,2,3) sdo nimeros reais. Dizemos
assim, que a Lagrangiana sem massa da QCD é invariante sobre o grupo SU(2)y X
SU(2)4. Apenas por completeza, devemos mencionar também que existem dois
grupos adicionais de transformagoes que sao designados por U(1)y x U(1)a. U(1)y
estd relacionado com a conservagao do nimero barionico, enquanto U(1) 4 é quebrada
a nivel quantico devido a anomalia abeliana.

Associada a simetria vetorial e axial, estao as correntes conservadas de Noether

axial e vetorial

a NT T

Vo= B0 (2.13)
a ST T

AL = Uy, 3\11 (2.14)

Essa invariancia é chamada de simetria quiral devido ao fato de que a parte que
envolve os campos fermionicos da Lagrangiana dada na Eq.(2.7) sempre pode ser
decomposta em componentes de mao-direita e de mao-esquerda

T, . ST - 1 a apv
/:'QCD = \I’L Z’y‘u D“ ‘IJL + \I’RZ’}/‘“ DM \I/R - ZFM]F H (215)

contendo campos que sao autoestados dos operadores helicidade, ou seja

1
\I/L:PL\IJ:—(l—F")/g,)\I’ \I/R:PR\I’R:

: (1—%)T  (2.16)

DN | —

O grupo de simetria associado a essas transformacoes de mao-esquerda e mao-direita,
pode ser escrito como SU(2), x SU(2)g, e as correntes conservadas associadas sao

L%, e Rf,. Essas estdo relacionadas com as correntes nas Eqs.(2.13) e (2.14) por

a a a T Ta
a a a ST T
AL = L — R, =Vy,v -V (2.18)

2

As correspondentes cargas conservadas sao obtidas pela integracao da componente

i = 0 das correntes que aparecem nas Egs. (2.17) e (2.18), ou seja
a o a a __ 3 T T
Qv = QL+QR—/da:\D v (2.19)

T(l
@ = Q- Q= [ Povie T (2.20)
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Como consequeéncia da conservacao de corrente, esses operadores de carga sao quan-

tidades constantes, ou seja, sao independentes do tempo

dQy
= 2.21

%
— =0 2.22
o (2.22)

Isto significa que eles comutam com o Hamiltoniano sem massa da QCD, isto é
[Hoep, Qv] = 0 (2.23)
[Hoep, Q4] = 0 (2.24)

Se usarmos agora, os operadores de projecao P e Pg que aparecem na Eq.(2.16),

ou seja

Pr=—(147) (2.25)

Pr=—-(1-75) (2.26)

= DN

nao ¢ dificil mostrar que os operadores de carga Q7 e Q% que aparecem na Eq.(2.19)
satisfazem a seguinte dlgebra de Lie de SU(2), x SU(2)r

[ QaL7 Q% :| = ieabc@% (227)
[Qlll%a Qlj){} = iEach?{ (228)
[QF.Q%] = 0 (2.29)

onde €4, é 0 tensor totalmente antissimétrico. Decorre das Eqs.(2.27), (2.28), (2.29),

juntamente com as combinagoes lineares, Qf, = Q¢ +Q%, Q% = Q7 —Q%, as seguintes

relacoes
Q. Q] = [Qh+Q%, Q%+ Q)] (2.30)

= [QhQr] +[Q1.Q1] (2:31)

= ieane Qo + ieane Q5 (2:32)

= i€ QS (2.33)
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[Q4.Q%] = [Q%— Q% Q% — Q%] (2.34)

= [Q Qr] +[Q1. Q1] (2.35)
= l€abe QR + t€abe QF, (2.36)
= i€ QV (2.37)
[QV. Q4] = [Qh+QL Q% — QL] (2.38)
= [Qh Qr] - [Q1.Q1] (2.39)
= i€abe QR — t€abc Q] (2.40)
= i€abe Q% (2.41)

Esses resultados mostram claramente que os operadores de carga axial nao formam
uma algebra fechada, isto é, o comutador de dois operadores de carga axial nao é
um operador de carga axial. Mas a dlgebra quiral é fechada.

Podemos concluir a partir da discussao feita acima que, no limite em que as mas-
sas dos quarks leves sejam nulas a Lagrangiana e/ou o Hamiltoniano da QCD sao
invariantes frente transformagoes quirais. Essa invariancia estd associada a quan-
tidades conservadas, como cargas e correntes que devem ter certas implicacoes no
espectro de Hadrons. Para deixar mais claro que tipo de implica¢oes nés estamos
nos referindo, vamos analisar a seguinte situacao. Seja |h,+) um auto-estado do

Hamiltoniano da QCD sem massa com auto-valor m
Hocp |h,+) =m|h,+) (2.42)

tendo paridade positiva
Plh,+)=+|h+) (2.43)

Se definirmos o estado |2) = Q% | h,+), devido a Eq.(2.24), nds teremos que

Hoep|Q) = Hoep Q% |h,+) (2.44)
= Q% Hgep|h,+) (2.45)
= mQy|h,+) (2.46)
= m[Q) (2.47)
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ou seja, o novo estado | Q) é degenerado com | h,+ ). Se juntarmos a isso, o fato de

que sob transformacio de paridade , P = 7°, esse estado | Q) é tal que

Pl = (PQAPT) Plh+)=-Q4(+]h+))=~[2) (2.48)
-QY

nos chegaremos a conclusao de que se a simetria quiral é uma boa simetria da
natureza, entao no espectro de hadrons, que sao supostos auto-estados de Hgep,
devemos observar multipletos de particulas degenerados em massa, mas com parida-
des contrarias. A manifestacao de uma simetria de um determinado Hamiltoniano
através de multipletos degenerados é conhecida como realizagao a ld Wigner. Uma
forma equivalente de se dizer isso é a seguinte: se o estado-fundamental da QCD
é simétrico frente a essas transformacoes, entao as cargas vetoriais e axiais devem

aniquilar o vacuo, ou seja

[Hoep, Qy] =0 — Qyl0) = 0 (2.49)
[Hoep, Q4]=0 —  Q4[0) = 0 (2.50)

No entanto, no espectro hadronico é observado o aparecimento de particulas em
dubletos de paridade oposta, mas estes nao sao nem aproximadamente degenerados
em massa. Sendo assim, estamos num impasse, ja que essa simetria da QCD nao se
manifesta no modo de Wigner.

Se nés desejarmos manter a hipotese de que a QCD sem massa é uma boa teoria
fundamental para as interagoes fortes, nés devemos abandonar a hipdtese expressa na
Eq.(2.50). Ao invés disso nds assumiremos que o Hamiltoniano da QCD permanece

invariante, mas o vacuo nao, sob transformagoes do grupo quiral

{HQCD,Q(‘I/]:O — Q%/|0> = 0 (251)
[Hoep, Q4]l=0 —  Q34]0) # 0 (2.52)

Quando isso acontece, ou seja, quando o Hamiltoniano de uma teoria nao possui a
mesma simetria que o estado fundamental, nés dizemos que a simetria foi quebrada
dinamicamente. E a sua manifestacao no espectro é chamada de realizacao a ld
Nambu-Goldstone. Naturalmente que, para uma teoria como a QCD sem massa, a
escolha entre (2.50) e (2.52) nao ¢ arbitraria. Em principio a prépria teoria deveria
estabelecer qual simetria ou parte da simetria é quebrada ou nao. No entanto, o
problema de se calcular a quebra dinamica da simetria quiral na QCD nao foi ainda
satisfatoriamente resolvido. Dessa forma, vamos assumir o cendrio descrito pela
Eq.(2.52) e explorar as suas consequéncias na esperanca de encontrar suporte para

nossa hipdtese.
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A consequéncia mais importante de uma quebra de simetria tal como discutida
acima pode ser resumida pelo teorema de Goldstone, que associa particulas de massa
nula como sendo os responsaveis por carregarem os numeros quanticos do gerador
da simetria quebrada. Um simples argumento heuristico a cerca desse teorema é
o seguinte [65, 66]: se Q%|0) # 0, entdo existe um estado Q%|0) degenerado com
o véacuo devido a [Hgep, Q%] = 0. Pela sucessiva aplicacao de Q% nds podemos
construir um numero infinito de estados degenerados. Um bdson de massa nula
com numeros quanticos internos, spin e paridade do gerador )% deve existir para
levar em conta essa degenerescéncia. Como a quebra esta associada a simetria axial,
os bdsons de massa zero devem ser pseudo-escalares. O fato interessante aqui, é
que no espectro hadronico existe uma particula com caracteristicas similares a este
béson, que é o pion. Este méson possui a menor massa do espectro das particulas
que interagem via interacao forte. Como a massa do pion nao é igual a zero, temos
uma forte indicacao de que essa simetria do Hamiltoniano da QCD nao é exata mas
apenas aproximada.

Naturalmente, que algum mecanismo foi o responsavel pela quebra da simetria
do vacuo da QCD. Esse mecanismo esta associado ao fato de que o vacuo da QCD
é nao-trivial, ou seja, ele é povoado por pares de condensados Gq que quebram sua
quiralidade. Estes condensados, devido a um fenéomeno dinamico completamente

nao-perturbativo fazem com que

(Olau|0) = (0ldd|0) (2.53)
= —(230MeV)? (2.54)

Um outro efeito devido a esse vacuo condensado é o da geracao de uma massa
dinamica para os quarks, que ¢ muito maior que a massa dos quarks de corrente.
Qualitativamente, um quark movendo-se nesse vacuo nao trivial sente a presenca
dos pares condensados exatamente da mesma maneira que uma particula com spin
em um ferromagneto sente o campo magnético criado por todos os spins alinhados.
Essa interacao tem como efeito liquido, criar uma massa efetiva para os quarks. Essa
massa, que foi gerada dinamicamente, é denominada de massa constituinte. Sao
essas as massas que entram no modelo nao-relativistico de quarks e desempenham
um importante papel na fenomenologia dos hadrons. Para o setor de quarks leves
elas sao da ordem de

m., & mg ~ 300 MeV (2.55)

Um modelo simples que incorpora as principais caracteristicas de uma realizagao

a la Nambu-Goldstone e permite um entendimento do mecanismo responsavel pela
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quebra dinamica da simetria quiral (DyxSB) em maior detalhe, é o modelo de Nambu-
Jona-Lasino (NJL) [67]. No entanto, nesta tese nés optamos por apresentar uma
discussdo mais detalhada da (DxSB) no contexto de um modelo mais realistico
obtido a partir da formulagao da QCD no calibre de Coulomb no Capitulo 4.

Um dos fatos relevantes acerca da discussao que fizemos até aqui, sobre as
implicacoes da quebra dinamica da simetria quiral na teoria das interacoes fortes
(QCD), é que no regime de baixas energias os quarks sao particulas massivas. E sdo
tais que satisfazem aos mesmos aspectos que aquelas do modelo nao-relativistico de
quarks constituintes (MNRQ). Sendo assim, nosso préximo passo serd discutir as

bases e principais caracteristicas desse modelo.

2.3 O Modelo de Quarks Constituintes

Os hédrons sao uma familia de particulas subatomicas que interagem através da
forca forte, e subdividem-se em barions e mésons. Vamos a seguir discutir um dos
mais bem sucedidos modelos para estudar propriedades estaticas e dinamicas dessas
particulas, o chamado modelo nao-relativistico de quarks constituintes (MNRQ). De
acordo com esse modelo os hadrons nao sao mais considerados como entidades fun-
damentais, mas sim possuidores de uma estrutura formada por fermions chamados
quarks/antiquarks e bésons chamados glions, que sdo os mediadores da interagao
entre os quarks. Existem seis tipos de quarks que aparecem em estados de sabor:
u(up), d(down), s(strange), c¢(charm), t(top) e b(bottom), que possuem massas dife-
rentes e carga elétrica fracionaria — ver Tabela 2.1. Sao os quarks e antiquarks que,
arranjados sob diferentes combinagoes, conferem aos hadrons propriedades como
spin e carga. Os mésons sao estados ligados de um quark e um antiquark (gq)
e os barions sdo estados ligados de trés quarks (qqq). Os bérions carregam spin

semi-inteiro e os mésons carregam spin inteiro ou zero — ver Tabelas 2.2 e 2.3.

Sabor Carga Massa (MeV/c?)  Spin S c b t
up 2/3 330 1/2 0 0 0 0
down -1/3 333 1/2 0 0 0 0
strange -1/3 486 1/2 -1 0 0 0
charm 2/3 1650 1/2 0 1 0 0
bottom -1/3 4500 1/2 0 0 -1 0
top 2/3 164000 1/2 0 0 1

Tabela 2.1: Quarks Constituintes e suas propriedades.
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Bérion  Quarks  Massa (Mev/c?) S I Ih Carga
P wud 938 0 1/2 1/2 1
n udd 940 0 1/2 -1/2 0
xt UUS 1189 -1 1 1 1
¥0 uds 1192 -1 1 0 0
DI dds 1197 -1 1 -1 -1
=0 uss 1315 2 1/2 1/2 0
=- dss 1321 2 1/2 12 1
A° uds 1116 -1 0 0 0
Tabela 2.2: Barions que carregam ;7 = 1/2%.

Méson  Quarks  Massa (Mev/c?) S I I  Carga
K+ us 494 1 12 12 1
G ds 498 1 1/2 -1/2 0
K° ds 498 1120 1)2 0
K- s 494 112 12 A
s ud 139.6 0 1 1 1

0 dd=ut 135 0 1 0 0

- ud 139.6 0 1 -1 -1

Y e 549 0 0 0 0
Tabela 2.3: Octeto de mésons pseudo-escalares que carregam j7 = 0.

Méson Quarks Massa (Mev/c?) S I Iy Carga
K** us 802 1 12 1/2 1
K0 ds 892 112 -1/2 0
K*° ds 892 1120 1)2 0
K is 892 112 12 4
pt ud 770 0 1 1 1
P - 770 0 1 0 0
p~ ud 770 0o 1 -1 1
W dd—ut 783 0 0 0 0

Tabela 2.4: Octeto de mésons vetoriais que carregam j© = 1.
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2.3.1 Reducao Nao-Relativistica da Interacao de Troca de

um Glion

Nessa secao vamos discutir a obtencao do potencial de interacao entre quarks cons-
tituintes devido a troca de um glion. Para isso, vamos definir o Hamiltoniano

relativistico do qual partiremos, isto é
H=T+V (2.56)

onde na equagao (2.56) a energia cinética (T') e a energia potencial (V') sdo dadas

respectivamente por

T = ;Z/dgx\lf;T(m)[ —iB-V + Bmy | V() (2.57)

Vo= 5 [ #adyr Dute -y ) (2.58)

onde D, (x —1y) é o propagador do glion trocado, J** é a corrente de cor carregada

pelos quarks cuja forma explicita é
a = . ATN€ie
Ty =3y w (:n)(?) VT () (2.59)
fi  cicj

sendo ¥(x) e ¥(x) os operadores de campo de Dirac. Em t=0, podem ser expandidos

na forma
Vi) = oo [ eSS [un o o) + or - (-p)] - (260)
W@ = oo [ e Y [l + onpil-p)] 2o

Os operadores ¢' e ¢ sdo respectivamente os operadores de criacdo e aniquilacao de
quarks, ¢' e ¢ sdo os operadores de criacao e aniquilacao de anti-quarks, os quais

obedecem as seguintes relagoes de anticomutacao

—C

{450, ¢50 ()} = {@5.(P),@5e (@)} =0

{@5.(p). 5L (P)} = {T.(p), T3l (D)} = dccdspdss's(p—p)  (2.62)
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Os espinores, uyss(p) e vys(—p) sdo dados pelas seguintes equagoes

E r+m 1
ups(p) = —”’;Ef ! ( o )xs (2.63)
Epytmy
Lpr +my _Elfjf P
s(— = — pf T ¢ 2.64

onde x’* sao os espinores de duas componentes de Pauli, normalizados como

Ccx _ C

X:XS/ = Xs Xs/ - 588/ (265)

com a energia sendo dada por

Epp = \/P* +mj} (2.66)

Uma simples maneira de se determinar a interacao entre quarks é a partir de um
Hamiltoniano efetivo, obtido de uma reducao nao-relativistica da Eq.(2.56). Para
conseguir isso, basta expandir os espinores uyss(p) € vss(—p) em poténcias de (p/m)

e manter apenas aqueles termos que tenham ordem quadratica nos momentos

(1

ur(p) = op | Xs (2.67)
2my
_9op

v(-p) = (1_2“1,3 ) % (2.68)
Sm?

onde usamos o fato de que no regime nao-relativistico

2
Epp = /p2+m2:mf p_2+1gmf<1+p—) (2.69)

De posse das Eqs.(2.67) e (2.68), das defini¢oes das matrizes de Dirac que sao apre-
sentadas no Apéndice A, é possivel verificar que o operador de campo de quark,

dado na Eq.(2.60), pode ser expandido em poténcias de p =iV como segue

(=iV)? , iB- V] i

Vs (x) = [1 - Sm2 2 V() (2.70)

onde o campo de Dirac modificado ¥’ (z) é dado pela seguinte equagao

(@) = / éTZ;Z 45.(p) ( N ) +4il(-p) ( Qg ) | e

S
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A partir da Eq.(2.71), e de seu respectivo adjunto, podemos computar a redugao

nao-relativistica da parte livre do hamiltoniano, ou seja

T = ;Z/d%qf?(x) [—iB -V + Bmy] U5 ()

o zf: zc: / Pz 0 () {Bmf + %Vﬂ () (2.72)

Vamos agora definir a seguinte equacao para energia cinética nao-relativistica

v2

Podemos reescrever a Eq.(2.72) como
T Y. / &’z V(@) § Ty(z) V(=) (2.74)
f c

Se usarmos a Eq.(2.71) juntamente com seu adjunto podemos escrever a Eq.(2.74)

CcOo1mo

TE RN [ [ e i

[ T
. @m%§)+%em<%>F
X _q;s(p) < )88 > —|-(j?f5(—p) ( )?g ) ] (2.75)

Sendo assim, depois de realizarmos todos os produtos e de usarmos as relagoes dadas

na Eq.(2.65), nés finalmente obtemos
T>)" / d*p Ty(p) [Qfl (P)d5s(p) + T} (p)fifcs(p)] (2.76)
fic

Na Eq.(2.76) nés usamos o fato que a relacdo entre a energia cinética no espago das

coordenadas e dos momentos é dada por

/J%ewwrwmem%m=4%V&Wﬂ—pwnuﬁ (2.77)

com
Ti(p) = my + — (2.78)



Ja para obtermos a parte relacionada a interacao quark-quark noés partiremos da
equagcao
1 a va
V=3 / &’z d*y J"(x) Dy (x — y) J(y) (2.79)

Se utilizarmos agora a definicdo de corrente de cor dada na Eq.(2.59) e dos ope-
radores de campo de quarks nés podemos escrever o potencial V,, em termos dos

espinores us(p) € vs(—p), € a equagdo resultante é a seguinte

L [ &y dpy
vV = §/W5()(p1—133+p2—p4)

C3C1 ACL C4C2
X Z > Z( ) (7) Ofifs Ofafa

< fa c1vcq S1°084

% s (P) 430, (P) + Dpasa(—P0) €5, (—5) |

% i (P2 €5, (1) + Vi, (—0) @3, (<)

X D,uzl(pl - p3)

v

% (Pa) 4521, (P0) + T (—P0) @5, () | 7

X 22 (P2) 2 (P2) + Vpass (—P2) G2, ()| (2.80)

Na Eq.(2.80) estd implicita a realizacao de uma integragao espacial da seguinte forma

/d?’x dye~Prapiy-Pre=pr0) D (3 — y) = (27)35(py — P3 + P2 — P1) Dy (q)
(2.81)
onde a relacao entre o propagador no espaco dos momentos e das coordenadas é

dada por
D,w(q) = / d*z 7% Dy, (2) (2.82)

Vamos agora separar o propagador do glion, D,,(q), em componentes espaciais e
temporais. Para cada uma dessas componentes, nds estaremos assumindo as seguin-

tes relacoes

Doo(q) = Velq) (2.83)

Dyla) = (0= "7) vrla) (2.80)
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Se substituirmos as defini¢des dos auto-espinores de momento dados nas Eqgs.(2.67)
e (2.68), juntamente com as matrizes v na Eq.(2.80) e logo a seguir expandirmos

seus elementos de matriz, obteremos o seguinte resultado
V= Vg + Vg + Vg (2.85)

com cada uma das quantidades, V,,, V45 € Vg dadas por

1 [dp d°p AT\ B e 42
o=y [ w0 3 5 5 (5)(5)

-facicq 8184

X UM e 0L D2, @5 (p3)g7 (Pa) a2, (P2)af, (P1)0 s 1.0 p0p,  (2.86)

d3 d Pzl €3c1 Aol cac2
=y [ o L X F () ()

facicqa 184

X Ugqu'281828384(p17p2’ q)q‘cfgig, (pg)q‘cfiiz; (p4)q‘cfzsz (pQ)Q_?'isl (p1>6flf35f2f4 (287)

d3p1 -d? D4 /\a c3cl \oT caco
= [ e X 8 3 (5) (4
facicq 81008
X Uf1f251525384 (p17p27q)q;§1'3 (pg)q‘cfzi4<p4>q‘cf§32 (pQ)q;isl (p1)5f1f35f2f4 (288)

Por conveniéncia, introduzimos nas Eqs.(2.86),(2.87) e (2.88) as fungoes U, U% e

U% cujas formas explicitas sao dadas pelas seguintes expressoes

99 — P1-P2 55— (g -p)(q- p2)5 P (Tsss1 * Tsuss) T
- s351Ys4582 2 538175482 4
mygmy, mgpmgq Mg My,
i03452 ’ (q X pl) ssy — (03381 : q) (0-8482 : q) + /i0-5331 : (q X pQ) 55482:| VT(Q)
2mymy, dmymy, 2mym
) s381 X . S482 ° X 2 2
* [ZU ; 14 (g p1)55482 - s 24 (g pQ) 58381 - 1 2 + : 2 55381
my my, Smf1 8mf2
+ 5333155432i| VC’(q) (289)
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(g -pi)(g- p2)5 5. _ 05,5, (@ X P1)
) s351Ysy89 melmf2

s381Vsas2 55351

U(j(j: _[(p1p2>(5 5
My Mp, mypmyeq

C C

(0-8351 ' q) (03452 ' q) + iaggsl ' (q X p2>(5 + (0-;:351 : 0.5452)(]2
5452

dmy my, 2mf1mf2 dmysmy,

]VT(Q)

o5, - (g X p1) i0¢,,, (@ X P2) ¢ ¢
-+ [ = 55482 - =2 2 65331 B t 3 5535153431

2 2 2
47nf1 4mf2 8mf1 8mf2
+ 5335153432] Ve(q) (2.90)
qu_ |:<qp1)(qp2)5 (5 . pl'p25 5 ia§482.(qxp2)6
- 2 s3s1Ysy82 — UszsyUsyso 2 S$3S1
mypmpe,q mpgmg, 4mf2

2 c

i (0-5351 : 0-5452)q + (0-5381 ’ q) (0-3452 ’ q) + Z.0-5452 ’ (q X p1)6 ]VT(Q)
4Wlflnlh 4TnflTnﬁ 2mf1mf2 o
. |:20'5351 (g p1>65452 10y, (q p2)58351 _ ( q —+ q—2)533sl53452
4ms, 2my my, 8my,  8my,
+ 6535165452] VC(Q) (291)

Para obtermos uma interpretagao fisica mais clara a cerca do contetido das Eqgs.(2.89),

(2.90) e (2.91), é instrutivo obtermos sua versao no espaco das coordenadas. E para

nosso estudo do modelo nao-relativistico de quarks constituintes nés podemos usar
uma forma simples para os potenciais Vi e Vp dados pela seguinte expressao

1 o,

Ve =—-V = ——

ol0) = = Vilo) = 555

onde . é uma constante de acoplamento. Sendo assim, podemos realizar a transfor-

(2.92)

mada de Fourier sobre cada uma das quantidades U(p;, p2, q). Naturalmente, que
como todas as trés contribuigoes possuem a mesma estrutura podemos computar

apenas, ver Ref. [24]
U<p17p27r) - / d3q€iq'1‘ U(p17p27q)

= yleoul) o grlhyp) 4 prleorr) 4 rr(so) 4 pyltens) (2.93)

Na Eq.(2.93) U o termo de Coulomb e tem a seguinte forma

U(COUZ): %_ Oéc p1p2 r-(rpl)pz 555538 294
o 2mpmy, r + r3 oL (2.94)
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o termo hiperfino responsavel pelo desdobramento de massas dos hadrons com dife-

rentes spins ¢ dado pela seguinte equacao

81 a,

(hyp) — _ 3
p— 1 .
U S1-85 6°(r) (2.95)

37”]”17nf2

onde S = 2. O termo que chamaremos de corregoes relativisticas ¢ dado por

corr Qe 1 1
U( )=~ 2 [ m2 T m2 ] 53( r ) 5838158482 (296)
f1 f2

ja o termo de interagao do tipo spin-orbita esta absorvido na seguinte expressao

Qe | T X P2 09 T XPp-o;
glee) — | 222 =2 5 8 T
r3 4m?c2 ot 4mfc1 * 2]
a. [P xpe-o TX PO
+ 3 P2 - 58482 - P1 2 5381:| (297)
| 2my my, 2my my,

e por fim temos o termo de interacao tensorial dado pela seguinte equacao

U(tens)_ s 3(0’1'7")(0'2'7">

B _4r3mflmf2 72

— (0'1 . 0'2>:| 5335155432 (298)

onde r = |ry —ry .
Se agora compilarmos os resultados para a parte livre e de interacao do Ha-
miltoniano de Breit-Fermi, nés poderemos reescreve-lo em uma forma compacta,

1.e.

L1
H = T()gau+ TW)aG + 5Vas(1v: 0)a} 0} 0000

—_

+ Ve 0p) 3330000 + Vaa(1v; 00) a3 3000 (2.99)

N}

onde o termo de interacao quark-quark, por exemplo fica

‘/;](J(#’V; O-p) = 5(pﬂ +p’/ - pl) - p‘7>5fufp5fufo fa : ‘Fa qu(luy; Jp) (2100)

com os indices (u, v, 0, p) designando os graus de liberdade de momento, spin sabor
e cor, e esta subentendida a convencao de soma sobre indices repetidos. Na proxima
secao iremos discutir as implicagoes de um tal modelo para o estado fundamental

do espectro de mésons e barions.
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2.3.2 Equacoes de Estado Ligado no Modelo de Quarks

Nosso objetivo nesta secao sera apresentar as previsoes que o modelo nao-relativistico
de quarks constituintes faz para o espectro de massas de mésons e barions. Nos
restringiremos nosso estudo a hadrons no estado fundamental. E, afim de tornar
nossa discussao mais proxima da literatura existente, nés iremos formular nossa
discussao em primeira quantizacgao.

No modelo nao-relativistico de quarks (MNRQ) o Hamiltoniano, em primeira
quantizacao e no espaco das coordenadas, que fornece a correta descrigao do espectro

de mésons e barions é [31]

2

P; 1 h

H= Z |:mi + 2m] +Z (U (i) + U (75 ] (2.101)
1 1<)

A leitura desse Hamiltoniano efetivo é muito clara. Ele contém um termo associado a

energia cinética e de repouso dos quarks constituintes e dois potenciais de interagao.

A parte desses potenciais que é responsavel pela interacao entre os quarks devido a

troca de um glion ( curta distancia ) e pelo confinamento de cor é

UL (ry) = [%—ébrijnLC’} F, - F, (2.102)

ri; 4
onde a, é a constante de acoplamento, b é o parametro de tensao que assegura o
confinamento. Uma constante adicional C' também ¢é levada em conta, e expressa
a inabilidade do modelo em determinar uma escala de energia absoluta para as
interagoes. O setor hiperfino do potencial que torna possivel a distin¢ao entre dife-

rentes spins é dado por

8oy, 3
UM (1) = = ["—]SSFF (2.103)

t Smimj T2

onde o termo spin-spin foi suavizado sobre a distribui¢ao da coordenada interquark

ri; [25], ou seja
3
B (ry) — e (2.104)

3
T2
Além disso, nés devemos notar que o vetor F' é definido em termos das matrizes

*

de Gell-Mann, % para quarks e % para antiquarks e as matrizes de Pauli estao

g
o
E importante notar que nés desprezamos contribuicoes para a interagao de termos

definidas por meio de S; =

do tipo spin-érbita e tensorial. Isso se deve a dois motivos basicos. O primeiro deles
é porque para onda-S a contribuicao do termo spin-orbita, que é proporcional a um

fator do tipo L - S, é nulo. O segundo motivo esta associado ao fato conhecido que
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os efeitos do termo tensorial comecam a ser importantes apenas para ondas parciais
mais altas que a onda-S [25]. Sendo assim, a tunica diferenca da presente fungao
Ui(jd) para aquela dada na equacao (2.94), a menos de corregoes relativisticas, é o
termo devido ao potencial de confinamento linear %bri]‘ e uma constante C'. Esses, no
entanto, sao dois ingredientes importantes requiridos pela fenomenologia de hddrons
para a correta descricao do problema de estados ligados.

O Hamiltoniano efetivo do modelo de quarks, Eq.(2.101), possui cinco parametros
livres: «a., b, o, C e m,. Eles sao ajustados para descrever varias propriedades
estaticas de mésons e barions, como por exemplo o estado fundamental do espectro
de massa. Uma vez esses parametros tenham sido ajustados, o calculo de outras
propriedades dos hadrons podem ser feitas e comparadas aos dados experimentais
existentes para testar como o modelo se comporta. No presente estudo nds usamos
um conjunto de parametros que foram fixados para reproduzir uma ampla gama de

massas de hadrons e seguem a Ref. [31]
m, = .375GeV; m, = .650GeV; m,. = 1.600GeV,;
a. = .855; b=.154GeV? o =.70GeV; C = —.4358. (2.105)

Neste ponto é importante salientar que estamos usando em nossa discussao que
m, = mg, ou seja, efeitos da quebra de simetria SU(2); de sabor estdo sendo
desconsiderados. Dessa forma, no restante da tese estaremos usando genericamente
para as massas dos quarks up e down o simbolo m,. Nosso desafio agora consiste
em resolver a equacao de Schroedinger para o problema de dois e trés corpos usando

o Hamiltoniano de quarks dado na Eq.(2.101).

2.3.3 Solucgao do Problema de Dois Corpos

Mecanica quantica descreve com grande precisao sistemas microscopicos. Para o
caso em que a velocidade das particulas sejam pequenas quando comparadas com a
velocidade da luz, isto é p/m < ¢, a relatividade pode ser esquecida. Dois exemplos
bem conhecidos sao os atomos de Hidrogénio e de Hélio. As energias desses sistemas
sao calculadas por uma equagao de Schroedinger que, em geral, pode ser escrita da

seguinte forma

HU(r)=EU(r) (2.106)

E é a energia do estado ligado ou equivalentemente a massa em seu sistema de
repouso (em unidades ¢ = h =1). ¥(r) é a fungao de onda responsavel por “arma-
zenar’toda a informacao acerca do sistema. Para um sistema ligado estavel, o setor

~ —a . V . . ) . .
temporal da funcao de onda, e "¢, foi convenientemente removido. O Hamiltoniano
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na Eq.(2.106) envolve a energia cinética nao-relativistica e a energia potencial de
interagao. Nesse limite nao-relativistico, é possivel mostrar que devido a invariancia
Galileana, o termo de interacao depende unicamente da coordenada relativa.

Um méson no MNRQ é um sistema ligado composto por um quark de massa
(mq) e um antiquark de massa (mgy) que, por hipétese, pode ser descrito por uma
equagao do tipo Schroedinger igual aquela definida na Eq.(2.106). Para um tal
sistema, a forma explicita do Hamiltoniano em questao, ver Eq.(2.101), no espago

das coordenadas ¢

= i % 2.107
H = T R v i
m1+m2+2 1+2 2—1— (r) ( )

onde o potencial de interacao V' (r) é dado por

3
V(r) = Qe §br . 8mav. (0-_360'21'2) S-S, — C’} F,.F, (2.108)

onde r = |r; — ry| é a distancia relativa entre o quark na posi¢do 71 e o antiquark
na posicao rs.

Afim de resolver a Eq.(2.106) para esse problema, nosso primeiro passo serd fazer
uma mudanca de coordenadas no Hamiltoniano para reduzir o nimero de graus de
liberdade do sistema e tornar a forma das equagoes um pouco mais trataveis. Para
1SS0 vamos escrever r; € ro em termos de coordenadas relativas e de c.m.

r—r—ry, R= T2 (2.109)
my + Mo
Essa mudanca implica que os termos de energia cinética sejam escritos na seguinte

forma

i Py Py PR

2my 2m2_2,u 2M

onde p = ;M2 e M = my +mo. A equagao equivalente a equagao de Schroedinger

nesse novo sistema de coordenadas é dada por

(2.110)

2 2

[m1+m2—l—§—2—|—2p—]@+1/(r)] V(R 7) = EV(R, ) (2.111)
Para a determinacao da energia interna do sistema, é necessario separar a energia
devido ao movimento do c.m.. Para fazer isso vamos em primeiro lugar propor
uma funcao de onda teste da seguinte forma V(R,r) = ((R) ®(r), e em seguida

substitui-la na Eq.(2.111). O resultado dessa substitui¢do, serdo duas equagoes

desacopladas
2
Pr _
57 C(B) Eem ¢(R) (2.112)
2
my +ma + 5—; + V(r)] O(r) = Epn®(r) (2.113)



onde nés temos usado a seguinte definicao para a energia do sistema F = Ey+ Fe ..
Essa separagao so é razoavel pois estamos supondo que nosso sistema esté isolado,
ou seja, nos estamos desconsiderando a acao de forcas externas. A equacgao para o
c.m. é equivalente aquela de uma particula livre e representa apenas uma translagao

pura. O espectro é continuo e com

((R) = ¢PrE (2.114)
p2
Fem = ﬁ (2.115)

Uma vez que o termo de c.m. foi isolado, podemos nos concentrar na Eq.(2.113),
e a partir de agora definiremos a inergia interna como F = FEj;. Para resolver essa
equagao vamos expressar agora sua energia cinética em coordenadas esféricas, ou

seja

ﬁ ! [2 <r22) + ;ﬁ <sin(0)g> + ;@—2} (2.116)
24 2p | Or or sin(6) 00 06 sin( 6) 0p?
onde nés usamos p, = iV,. A motivacao para implementarmos novamente uma
mudanga de coordenadas, é porque V (r) é esfericamente simétrico. Sendo assim,
podemos reduzir a Eq.(2.113) em uma equacdo puramente radial pela eliminagao
de sua dependéncia angular, bastando para tal usarmos a consagrada técnica de se-

paracao de varidveis [68]. Essa técnica estabelece que se introduzirmos na Eq.(2.113)

uma funcao de onda escrita na seguinte forma
O(r)=R(r)Y(0,¢) (2.117)

juntamente com a energia cinética dada na Eq.(2.116), isso nos levard a uma equacao
radial dada por
1 02 1 0 I(l+1)
m+mg——————+——">4+V(r)|R(r)=ER(r 2.118

hmy = g e S V() | RO = ERG) (2118)
Devemos notar que na separacao de variaveis que fizemos, a solucao relacionada a
parte angular é dada por um harmonico esférico e sua defini¢cao pode ser encontrada
em qualquer livro texto de Mecanica Quantica como por exemplo a Ref. [69]. Neste

ponto serd mais conveniente definirmos um Hamiltoniano relativo H (r)

1 02 1 0 I(l+1 c 3
H(r) = m1+m2——————+¥+[a———br

2pu0r?2  prdr 2 pur? r 4
87TOéC 0'3 _o2p2
- (773/26 )5’1~53+6*]F1.1:'2 (2.119)
1 M2
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onde nds temos usado a definigdo do potencial V' (r) dado na Eq.(2.108). Assim, todo
nosso esforco ficard reduzido a resolugao de uma equagao que envolve apenas uma
variavel, a radial. A primeira dificuldade técnica que enfrentaremos para solucionar
esse problema, é que a Eq.(2.118) nao pode ser resolvida exatamente devido a forma
do potencial de interagao. No entanto, uma simples abordagem que pode ser usada

para determinar a energia do estado fundamental para a qual uma equacao do tipo
H(r)®(r) = E®(r) (2.120)

seja satisfeita, consiste em expandir ®(r) em uma base completa de fungoes Gaus-
sianas tridimensionais e logo a seguir usa-la para diagonalizar o Hamiltoniano nesta

base. Uma vez que a funcao de onda tenha a seguinte forma

O(r) = a, du(r) (2.121)

n=1

com a funcao de onda relativa dada por
du(T) = 730 (2.122)

noés podemos variar os parametros N e [ independentemente para encontrar o
minimo de energia. Sendo assim, vamos diagonalizar o Hamiltoniano na base da
fungao de onda teste que aparece na Eq.(2.121).
Comegaremos a fazer isso reescrevendo a Eq.(2.120) em uma forma mais conve-
niente, ou seja
[H(r)—E]®(r)=0 (2.123)
O préximo passo serd multiplicarmos a Eq.(2.123) em ambos os lados por ®*(r) e

logo a seguir integraremos esta

N

DD / d’r ¢y, (r) [H(r) — E] ¢ (r) (2.124)

n=1 n/=1
Para facilitar nossa discussao vamos neste ponto definir as seguintes matrizes, que

chamaremos respectivamente de matriz Hamiltoniana e matriz overlap

Hyp = / d’r ¢ (r) H(r) du(r) (2.125)
Onw = / d’r ¢ (r) ¢u(r) (2.126)
Dessa maneira podemos reescrever a Eq.(2.124) em uma forma mais compacta, isto
é
N N
Z Z a;kl [Hn,n' - EOn,n’] apn = 0 (2127)
n=1 n/=1
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Podemos agora escolher um dos coeficientes da Eq.(2.127) para variar, digamos da’,

N N
> 603 Y [Huw — EOnpw] aw =0 (2.128)
n=1 n/=1

Para uma variacao arbitraria do coeficiente a, que respeite a condigao da; # 0, nos

teremos que ter a seguinte relacao satisfeita
Hnn’ Ay = EN Onﬂl/ Q! (2129)

onde estd subentendida uma soma sobre o indice repetido n’. Uma vez que as fungoes
de onda que estamos usando sao do tipo Gaussianas, os elementos de matriz das
Eqgs.(2.125) e (2.126) podem ser calculados analiticamente. Para os elementos de

matriz do Hamiltoniano relativo nds temos a seguinte expressao

o 3 36% nn' 3203 a, n+n'

Hy = [ 2 / ] [qui"" = T 242 S-S,
Bx(n+n') 2u n+n' 9m1m2\/_ ntn' 4 23
N

l+1 4
— —OécﬁNU (n+n') «/ oy P (n—i—n)—i—?’C’}

N|w

(2.130)
com Mgz = m; + mg e a matriz overlap ¢ dada por
2m 2
Onw = | 57— 2.131
| [ﬁ%&(nm’)] (2150

Na Eq.(2.130) usamos o fato de que F; - F, = —4/3.

Vamos ter agora que resolver a Eq.(2.129) numericamente. Um cdédigo em
Fortran-90 foi confeccionado para esse fim. A funcao bésica desse codigo é preencher
as matrizes overlap, na Eq.(2.131), e Hamiltoniana, na Eq.(2.130) e passa-las para
uma subrotina chamada “RSG”designada para resolver uma variedade de problemas
de autovalores generalizados do tipo que aparece na Eq.(2.129). Essa subrotina foi
obtida do site: http://www.netlib.org/eispack.

A sistematica desse preenchimento é muito simples e consiste primeiro, em fixar
os parametros do modelo de quarks, cujos valores sdo dados na Eq.(2.105). Uma
vez isso tenha sido feito, restarao ainda dois parametros livres que podem serem
variados. Um é o parametro de comprimento de oscilador g na funcao de onda
teste. O outro é N, o numero de Gaussianas que sao usadas na expansao da fungao
de onda teste. Assim, para cada valor de N fixo, o parametro 8 é variado em um

certo intervalo. Em cada passo de 3, para um dado N, as matrizes [H | e [O] séo
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preenchidas e passadas para a subrotina “RSG”. Essa subrotina, por sua vez, retorna
as autoenergias E e os coeficientes a, de cada autovetor. No entanto, esperamos
devido ao principio variacional, que a medida que variamos [ nossas autoenergias
irao mostrar um minimo de energia para um valor de [ especifico que é estritamente
maior que as autoenergias exatas do Hamiltoniano.

Podemos variar o nimero de Gaussianas N também. E nods esperamos que com
o aumento de N os autovalores de energia, em consequéncia, decrescam. Nova-
mente o principio variacional estabelece que a medida que o nimero de Gaussianas
aumenta, a funcao de onda teste se aproxima dos autovetores do sistema, e os au-
tovalores de energia irao se aproximar dos autovalores verdadeiros. Em resumo,
para uma quantidade suficientemente grande de Gaussianas devemos observar uma
convergencia tanto das fungoes de onda teste quanto das autoenergias na direcao
de seus valores exatos. Na pratica, no entanto, nés observamos que para um pe-
queno numero de Gaussianas N = 6, ja é possivel obtermos uma boa convergéncia
para os autoestados e para as autoenergias solugoes da Eq.(2.129). Nés ilustramos
esse comportamento dos autovalores na Tabela 2.5. Note que na primeira linha da
Tabela 2.5, entre parénteses, ndés mostramos os valores experimentais e nas outras
seis linhas nés mostramos a convergéncia de nossos resultados numéricos na direcao
dos dados experimentais com o aumento do numero de Gaussianas usados na ex-
pansao da funcao de onda teste. Para um nimero maior que N = 6 Gaussianas, os

resultados numéricos para essas massas sao praticamente iguais.

N 7 (140) K (495) D (1866) p (770)
16 Massa [ Massa  f Massa  f3 Massa
1 499 272 499 587 432 2011 313 7

2 468 220 457 552 382 1993 270 772
3 448 152 449 506 476 1957 276 771
4 | 410 148 413 502 457 1949 260 770

5 399 141 409 497 499 1908 276 770

6 399 140 387 496 499 1897 266 770

Tabela 2.5: Massas e parametros variacionais de alguns mésons de interesse nesta

tese, todos os resultados sao dados em MeV.

Nas Figura 2.1 nds apresentamos os graficos para as funcoes de onda dos mésons
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que aparecem na Tabela 2.5. Novamente, nossa intengao com esses graficos é mostrar
a convergencia das fungoes de onda, para um valor maior que N = 6 as funcoes de

onda sao praticamente idénticas.

o] o]
(" (" Rho/Omega
o,zo?\\ _ — Nl
015 \ N=2
\\\ rrrrrrrrrrrr N=4
o0.10F \
\\ -- —- N=6
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Figura 2.2: Fungoes de onda para os mésons K e D de interesse nesta tese.

2.3.4 Solucao do Problema de Trés Corpos

Nesta secao vamos discutir a solucao da equacao de Schroedinger a dinamica de trés
corpos no modelo nao-relativistico de quarks (MNRQ). A técnica que usaremos para
esse fim seguird muito de perto aquela que usamos no caso de dois corpos na secao
anterior.

Nosso ponto de partida sera a definicao do Hamiltoniano de trés quarks no espago

das coordenadas, que é obtido explicitamente da Eq.(2.101), ou seja

2

2 2 3
b Pa Dp3
H = my + may +ms + + n + ) V(g 2.132
my + me + ms o 2m T 2ms p) (i) ( )
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onde estamos usando a seguinte definicao para o termo potencial
« 3 Sma g 3 2,.2
Virg)=|—<—-brijj— —— | —e 7" |8;-8; —C | F;- F; 2.133
( 1] ) rij 4 %] Smimj 7r% 1 7 7 7 ( )
A estrutura desse termo envolvendo os potenciais Coulomb + linear e hiperfino para
o problema de trés particulas é bem mais complicada que aquela relacionada ao caso

descrito na secao anterior. Isso por que agora existem trés coordenadas inter-quark
que contribuem no potencial, ou seja

19 = |'I"1 — ’l”g| (2134)
Te3 = |Ty— 73 (2.135)
T3 = |r— 73 (2.136)

No entanto, afim de tornar a manipulacao do potencial mais simples iremos deixa-lo
em sua forma compacta tal como dada na Eq.(2.132).

Vamos comecar eliminando as varidveis de c.m. do problema. A estratégia
para implementar isso serd reescrever as coordenadas 7y, Ty e r3 em termos das

coordenadas de Jacobi

p = T —T9 (2.137)

2
X = _(M_rg) (2.138)

3 my1 + Mo

R — mi T+ Mo Ty + m3rs (2.139)
mi + Mo + M3

A introdugdo dessas novas varidveis nos permite reescrever a energia cinética do
Hamiltoniano como

2 2 2 2 2 2
1 Y2 P3 Py Px Pr
=fr 4L -2 4 - = 2.140
2my 2m2+2m3 4,u+3]\/[+2/\/l ( )

onde introduzimos as seguintes razoes de massa

U o= _fama (2.141)

my1 + mao

Moo= maEmems (2.142)
mi + Mo + M3

M = mi + Mo + M3 (2143)

Neste ponto dos célculos, poderiamos fazer uma simplificacao na forma das razoes

de massa que aparecem nas Eqs.(2.141), (2.142) e (2.143). Isso porque nesta tese
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nos estaremos interessados em estudar sistemas ligados de trés quarks que sejam
formados por dois sabores iguais (m; = ms) e um de sabor diferente (mg3) e também
estados com trés quarks com o mesmo sabor (m; = my = mg). No entanto, em todos
esses casos as razoes de massa podem ser simplificadas, mas preferimos deixa-las em
sua forma genérica.

As quantidades que sao afetadas por essa mudanga de variaveis sao as magnitudes

das coordenadas inter-quark

re = |r—7re| =|2p (2.144)
6

Te3 = |T2—r3|:‘§)\+map’ (2.145)
V6

T3 = |’I"1—’I"3| = ‘TA—mbp) (2146)

onde, para simplificar a forma das expressoes, usamos

2?712

mg = ————— (2.147)
my + Mo
2
my = —— (2.148)
my + mgy

A equacao de Schréedinger para o problema de trés corpos nestas coordenadas pode
ser escrita como
vy Bk, Pk~

g+ my 2 o R +KZ_1 V(nj)] U(R,p,\) = EVU(R, p,\)

’ (2.149)
onde devemos notar no termo potencial, que as coordenadas inter-quark que entram
nessa expressao sao as dadas nas Eqgs.(2.144), (2.145) e (2.146). Tal como estd
escrita, a Eq.(2.149) permite que a contribuicao devida a varidvel de c.m. seja

eliminada. Uma vez isso seja feito, teremos como resultado a seguinte equacao

3

[m1+m2—|—m3+
4p

e Y Vi) [ U N = BU(p ) (2150)

i<j=1

Agora, analogamente ao caso de dois corpos, escreveremos as energias cinéticas tanto
para a variavel p quanto para a variavel A em coordenadas esféricas e logo a seguir,
substituiremos estas na Eq.(2.150). O resultado dessas substitui¢oes é uma equagao

para coordenadas relativas dada por
H(p, ) W(p,\) = E U(p, A) (2.151)
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onde usaremos a seguinte definicao para o Hamiltoniano relativo de trés corpos

1 0 0 L
H(p,\) = -2 (2L 0
(P, A) my +mg + mg 1100 (P 8/)) + 110

1 9 (., 0 L3 -
gmon (Fax) taae t X Ve @1

1<j=1

onde os momentos angulares orbitais relativos sao definidos da seguinte maneira

L} = L 9 in(6,)—— +—1 > (2.153)
¢~ sin(6,) 00, \"" " 96,) " sin(6,) 0p? '

1 0 0 1 o
AT Sin(6y) 90, (Sm(e”am)%m(m 023 2154

Neste ponto devemos remover a dependéncia angular da equacao de Schroedin-
ger por meio da técnica de separacao de variaveis. A motivacao para implementar-
mos essa separacao é simples, queremos simplificar ao maximo nossa equacao pela
reducao dos seus graus de liberdade. Para os termos associados a energia cinética,
que estao escritos convenientemente em coordenadas esféricas, essa separacao po-
deria ser feita de maneira imediata. No entanto, para os termos Coulomb+linear e
hiperfino do potencial essa separacao nao é tao imediata.

A partir das expressoes para as coordenadas inter-particula em (2.144), (2.145) e
(2.146), ¢ facil observar que somente uma delas é diretamente proporcional as novas
coordenadas que foram introduzidas. As outras duas sao combinacoes lineares de p e
A. Dessa forma, quando for necessario a determinacao explicita do médulo envolvido
nessas equagoes, termos proporcionais a p- A serao originados. Estes termos, por sua
vez dependem do angulo relativo entre p e A, ou seja 6,,. Sendo assim, nao é uma
tarefa muito simples desacoplar completamente as variaveis angulares das relativas, o
que inviabiliza a utilizacao da técnica de separacao de variaveis de maneira direta ao
termo potencial. Para que seja possivel essa separacao, serd necessario fazermos uma
outra mudanca de variaveis adequada nesse setor do Hamiltoniano. Essa mudanca
de varidveis consiste em reescrever as coordenadas de Jacobi p e A, que entram
no potencial, em termos de novas coordenadas chamadas hiperesféricas [70]. No
entanto, por motivos praticos, nao sera util fazermos essa mudanca de varidveis na
instancia em que a Eq.(2.151) estd escrita. E mais simples formular o problema de
autovalores em sua forma matricial e a seguir implementar a mudanca de variaveis.

Apenas por completeza, é interessante comentarmos que, em geral, existe uma
grande variedade de técnicas que podem ser usadas na solucao do problema de trés

corpos [71, 72]. Mas afim de deixar a discussao em uma forma mais préxima daquela
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discutida no caso de dois corpos nés optamos pelo uso dessa técnica de introduzir
coordenadas hiperesféricos.

O primeiro passo para obtermos a versao matricial do problema de autovalores
na Eq.(2.151) é definirmos a fun¢ao de onda teste para o estado fundamental que

usaremos, ou seja

v, (p, A Z dn ™ (p, N) (2.155)

onde d,, é o coeficiente de expansao da fun(;ao de onda. A funcao de onda relativa
para um dado momento angular total L = 1,+1, é construida a partir de uma soma
de coeficientes de Clebsch-Gordan de fungoes de onda das coordenadas de Jacobi p

e A, ou seja

Y(p,A) = D O e N Y () e BN Y L (Q,) (2.156)
lp,m
Lnimi

Tanto N quanto « sao parametros que podem ser variados para se minimizar a

energia do sistema. Vamos agora reescrever a Eq.(2.151) da seguinte forma
[ H(p, >‘) - F ] quM(p7 >‘) =0 (2'157)

O proximo passo serd multiplicar a Eq.(2.157) em ambos os lados por ¥* (p,A) e

logo a seguir integra-la em cada uma das coordenadas de Jacobi, ou seja

S0 didu [N 60PN [H ) - E) 600 (N =0 (2159

m=1 m’/=1

Afim de simplificar os calculos, vamos definir neste ponto as seguintes matrizes

Huwe = [ @XEp 0l (o0 Hp N 000 (0.X) (2159
Onm = [ EXEp (02 (. N (2.160)

Ap6s variarmos um dos coeficientes na Eq.(2.158), digamos d , e fixarmos que

m?

ddy, # 0 obteremos a seguinte equagao matricial
Hypr diy = EN Opyyy diyr (2.161)

onde estd subentendida uma soma sobre os indices repetidos. Até aqui apresentamos
um esquema completamente geral para a resolugao do problema de autovalores. Esse
esquema € muito similar aquele aplicado ao caso de dois corpos. No entanto, as
expressoes resultantes do calculo dos elementos de matriz envolvidos no problema

de trés corpos sao um pouco mais complicadas.
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No que segue, nds apenas esquematizaremos os procedimentos necessarios para
a sua resolugao.

Usando a funcao de onda e o Hamiltoniano definidos pelas Eqgs.(2.152) e (2.155),
podemos calcular os elementos de matriz dados nas FEqgs.(2.159) e (2.160) analitica-
mente. Para os elementos de matriz do Hamiltoniano, partiremos da Eq.(2.159) e

obteremos de maneira completamente geral que
Hopr = T + Vit + V22, (2.162)

onde designamos os elementos de matriz associados a energia cinética e de repouso
pelo simbolo (T'), os elementos de matriz do potencial Coulomb+linear por (V) e
do potencial hiperfino por (Vhp).

O termo T, ¢é obtido a partir do Hamiltoniano dado na Eq.(2.152) e da fungao

de onda Gaussiana na Eq.(2.156), e possui a seguinte forma
T = My + T80 o+ Tt (2.163)

Os elementos de matriz relacionados com a energia de repouso do barion sao

D D D I e AVt 2.164
mp my M m’ m M’ m,m’ ( . )

lpymp l m

Insma l’ mA

i i PN .
onde a matriz reduzida de massa MW’:, i * ¢ escrita como

PN _m 232 N
MW/Z;L = [m1+m2+m3]/d3pd3/\e 3 (P Ja? Ylpmp(Q ) YlAmA(Q/\)
_m! 22
X e 2 (p?+A%)a? Y;}m;(Q/J ng\ml)\(Q/\) (2165)
A contribuicao para a energia cinética devido a variavel de Jacobi p é dada por
L, 1 A PRIV
Z Z Cpp ”7?)\ M OTZ m M’ T(p)“p%m'p)\ <2166)
lpymp  1),,m),
Ix,mx l’ m’A
onde a matriz reduzida T’ (”)ln‘;’zl, A foi escrita convenientemente da seguinte forma

Tples / BpdPX e TPy Q) VL ()

m,m pMp

x TP ¢ — 1 (p2422)a? y;m;(Qp) }/l;m;(QA) (2.167)

O operador associado a energia cinética da coordenada de Jacobi p é definido pela

1 a ) L(1,+ 1)
() — _ |- 2 2 2 AT
g [4/~L dp (p 3/)) T T au } (2.168)

seguinte equacao
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Ja a contribuicao para a energia cinética associada a variavel de Jacobi A é

= > Z Cr, i;MCWIZ,n; L T (2.169)

lpmp l m
Ix,m l’ mA

)\)lp,lxl I

com a matriz reduzida T * sendo definida por

m

- / Epd®X e TPy Q) VL ()

pMp

lp,lAl;,lA
m,m/’

7N

x T =5 (PN Yiem: (€2) Yoy () (2.170)

O operador associado a energia cinética da coordenada de Jacobi A é definido pela
seguinte equacao

1 0 0 ) (l —|—1)
(N — 2 AT
T = [3 )\ (/\ )\) + 32 ] (2.171)

O setor do Hamiltoniano que envolve os potenciais Coulom+lineare hiperfino,
tem um estrutura mais complicada e precisam de um tratamento um pouco mais
cuidadoso. O ponto central em nosso problema é conseguir separar as variaveis
angulares das variaveis espaciais. Para ilustrar o esquema que utilizamos para re-
solver essa questao nés partiremos, primeiramente, do termo associado ao potencial

Coulomb+linear na Eq.(2.162), para reescrevé-lo como

cl o lp Ix ;7 / (el) P7l/\ll
T DD DI S A R S L ety (2.172)
llﬂ7mﬂ l;ﬂm%
PRLUDN lk’m)\

onde os elementos de matriz reduzido V, - ey Al % sdo dados por
V( cl)lﬂ’b\l N _ d3 d3>\ -5 (p 24+22)a? Y 0 Y 0
m m - p € lpmp( ) l>\m)\ ( >\)

% V(d)(p, )\) 6—%(p2+)\2)a2 Y;,m;,(Qp) YE’Ami\ (Q/\) (2.173)

O potencial Coulomb+linear escrito explicitamente em termos das coordenadas de
Jacobi é dado pela seguinte expressao

b 1 1
VEpA) = g [1201% Sl VA map|+ S| VA - mupl
29 { ! + ! + ! }+2C
3 [2p  1/V2\VBA+map|  1/V2|VIX—myp)|
(2.174)
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onde usamos na expressao acima o resultado F; - F; = —2/3. Nosso préximo passo
seré fazer uma nova mudanga de varidveis na Eq.(2.173). Essa mudanca consiste

em introduzir as chamadas coordenadas hiperesféricas (,0)

p = Esin(0) (2.175)
A = &cos(h) (2.176)
& = pP+ N (2.177)

onde 6§ = arctan(p/\), 0 < 0 < 7w/2 e dpd) = £df dE. Junto com essas mudangas de
variaveis vamos pegar os termos que envolvem combinagoes lineares das coordenadas

de Jacobi p e A, na Eq.(2.174), e expandi-las de acordo com as seguintes relagdes

— = 4 —= Y5 ()Y, (Q 2.178
— wzmz [%H}Tgl (@Y () (2.178)
/ rl+? 1 rl
+ = 4 — ()Y, (2)(2.179
onde ' = %)\, r = "\/%p (1 = a,b). As expressoes explicitas para as distancias

r< e r- estao apresentadas no Apéndice B. Uma vez que tenhamos usado esse
conjunto de transformagoes, é possivel reescrever a Eq.(2.173) em uma forma na

qual as varidveis 6 e £ estejam completamente desacopladas, ou seja

PRINAL

1y 2 s
VD = / d¢® {5 Al 3‘2 Bl +2C | e
0

/
mFae (9.180)
Na Eq.(2.180) temos dois coeficientes angulares, a saber, A, B . A forma explicita
desses coeficientes angulares esta apresentada explicitamente no Apéndice C.

A discussao da contribuicao da interacao spin-spin serd feita agora. No entanto,
existem dois importantes detalhes que podemos explorar antes de fazermos qualquer
manipulagdo em nossas equacoes para o potencial hiperfino. Primeiro, nesta tese
nos estaremos interessados no maximo em barions que possuam dois sabores iguais
e um diferente, ou seja, m; = my # mg. Nunca estaremos interessados no caso
que my # my # ms. Segundo, nds estamos interessados em calcular o elemento de
matriz do potencial hiperfino entre dois estados quaisquer |a) e | 5)

S {a| VI ()| B) = (a| V) (ryg) + V) (1) + VW) (1) | B (2.181)

i<j=1
Desde que a funcao de onda de um barion, é completamente antissimétrica sob a

troca dos quarks 1 e 2 nds temos como consequencia imediata que

(a| VI () | B) = (a| VI (ry) | §) (2.182)
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Esse simples fato traz uma significativa simplificagdo no calculos que serao feitos,

pois agora teremos que calcular apenas os seguintes elementos de matriz

3
Z (a| V) (rg) | B) = (a| V) (r1g) + 2V ) (ry3) | B) (2.183)

Naturalmente, que no caso limite em que m; = my = mg teremos

3

> (@l V()| 8) = 3(a | V(i) | 8) (2.184)

i<j=1
Se utilizarmos os argumentos feitos acima sobre a simetria associada ao calculo
dos elementos de matriz do potencial hiperfino, nés podemos escrever sem perda de

generalidades que

hyp p I, I\ L (hyp)l,),l)\l’pl;\
=3 > o b v (2.185)

lpymp l p
Ix,mx l’ ;m'

A

m/,m

onde os elementos de matriz V(hvp sao dados por

m,m pMp

V(hyp)l”’l*l,;l = /d3pd3)\ e’z (A7) Y (Qp) zAmA(Q/\)

x VO (p X) €5 P Y L (0) Vi () (2.186)
O potencial hiperfino escrito em termos das coordenadas de Jacobi é dado por

16720, 327mia,
— — ¢

e 277 8. 8, + oAt Sy - S3 (2.187)

h

vt yl’)(p7 A) = 9my ms 9moms
Para obtermos o potencial hiperfino para o caso do niicleon, basta pegarmos o pri-
meiro termo da Eq.(2.187) e multiplicarmos por 3. A substituigao da Eq.(2.187) na
Eq.(2.186) resulta em duas contribuigoes para o potencial hiperfino. Os elementos
de matriz do termo proporcional ao inverso de m;ms podem ser determinados de
maneira simples e nao representam nenhum problema. J& para os elementos de ma-
triz do termo proporcional ao inverso de moms, nés temos no expoente da Gaussiana
o médulo | ‘/76)\—1- p |, e no calculo explicito dos elementos de matriz nds precisaremos
utilizar a seguinte expansao

o0

67"/7« cos(6,.,.) — Z Cl ’]” r )-Pl (COS( 9 ) )

=

00 l
= dr ) > QZH Colr' 1) Vi (%) Yim () (2.188)

=0 m=-I
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onde agora v’ =

SIS

ATr= \%p e o coeficiente da expansao é definido pela seguinte

expressao

G r) = (QZ—;” /H do e P () (2.189)
-1
Assim, nés apresentamos todos os ingredientes necesséarios para o calculo explicito
dos elementos de matriz do problema de trés corpos. O passo seguinte é resolver
a equagao de autovalores dada na Fq.(2.161) usando a subrotina “RSG”. A sis-
tematica para fazer isso serd idéntica aquela que descrevemos no caso do espectro de
mésons. No entanto, em vista da complicada estrutura angular que nossas equacgoes
possuem antes que qualquer tipo de calculo seja implementado nés devemos fazer
algumas simplificagoes em nosso problema.

O primeiro fato que devemos considerar é que nds vamos restringir nossos célculos
ao estado fundamental do espectro de barions. E ainda mais, s6 estaremos interes-
sados em estados com paridade positiva. Esses fatos implicam que a fungao de
onda espacial selecionada para descrever nosso sistema tenha L = 0, M = 0, que
denotamos ¥yy. Em uma tal configuracao, os tnicos coeficientes de Clebsch-Gordan
diferentes de zero que acoplam o momento angular associado as coordenadas de Ja-
cobi p e A com o momento angular total L = 0, sao aqueles que respeitam a seguinte
relagao

[,—UL| < L=0<1,+1\ (2.190)

Decorre daqui que [, = [5. Dessa forma, todos os estados do subsistema (p, ) que
contribuem para funcao de onda espacial tem o mesmo momento angular orbital,
partindo de [, = [y = 0. Do vinculo sobre a paridade de nossos estados decorre que
P = () = (—=1)»"™ = +1, ou seja, a combinagao [,+( é sempre par. Assim sendo,
nds devemos expandir nossos coeficientes de Clebsch-Gordan comecando de [, = [ =
0,..., sempre para combinacoes de momento angular cuja soma [, + [ seja par. No
entanto, observamos que para valores maiores que [, = [y > 2, a determinacao dos
coeficientes angulares A e B em nosso potencial tornam-se extremamente intensa. Se
adicionarmos a isso o fato de que no célculo do espectro hadronico, com potenciais
do tipo Coulomb+Linear, as contribui¢oes dominantes sao aquelas no qual [ < 2
é razoavel truncarmos nossa expansao até ordem 2. A partir das consideragoes
feitas acima, ja estamos em posicao de apresentar nossos resultados numéricos para
o espectro de barions obtido com um potencial de confinamento do tipo Coulomb
+ linear. Mas antes de fazer isso, achamos conveniente fazer uma breve discussao
sobre o problema de autovalores para o caso em que o potencial de confinamento

seja do tipo oscilador harmonico.
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O potencial de oscilador harménico (OH ) é um dos mais tteis e simples poten-
cias em fisica. O principal aspecto que contribui para esse “status”, é sem duvida o
fato de que para ele existem solucoes exatas para os autovalores de energia. Histo-
ricamente, o potencial de (OH ) foi um dos primeiros potenciais usados no modelo
nao-relativistico de quarks (MNRQ).

A forma do Hamiltoniano para o caso de trés corpos para o caso de um potencial

do tipo OH é a seguinte

2 2 2 3
p1 P3 P3 K 2
H= — = T 2.191
2m1+2m2+2m3+2i§1|r 1 (2.191)

onde K é a constante do oscilador harmonico. Agora, se expandirmos essa soma
e usarmos as defini¢oes explicitas das coordenadas de Jacobi, que aparecem nas
Eqgs.(2.144), (2.145) e (2.146), nés poderemos reescrever a Eq.(2.191) da seguinte

forma

2 2
D, Py 3K , o 9
== — A 2.192
2,u’+2/\/l’+ 2 (p + ) ( )

com ' =2u, M = %M e onde as definigoes de u e M sdo dadas nas Egs.(2.141)
e (2.142). Vemos assim, que o Hamiltoniano efetivo com potencial de OH pode ser

escrito na seguinte forma

2 2
p mw o
Hog = — + 2.1
OH om 5 r ( 93)

onde w ¢ a frequeéncia do oscilador harmonico dada por w = /.

As solucoes analiticas do problema do oscilador harmoénico tridimensional sao
apresentadas em qualquer bom livro texto de mecanica quantica, como por exemplo

a Ref. [68]. As energia sao dadas por

onde n é o numero quantico radial principal, [ ¢ o momento angular orbital. Sendo
assim, a energia total do oscilador harmonico para o caso de dois osciladores p e A

sera

3 3
Eon = E°, + B = (an +1,+ 5) W, + (2m + 1+ 5) W) (2.195)

onde as frequéncias dos dois osciladores w, e wy sao definidas como
3K 3K
wp:w?, WA:”M’ (2.196)
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Duas outras expressoes importantes podem ser definidas no modelo de OH, que sao

os parametros de comprimento de oscilador

ap, =/ w,, ay=\Muwy (2.197)

Se usarmos agora as definigdes para p e M, juntamente com a Eq.(2.197), obteremos

a seguinte relacao entre esses parametros de oscilador

3 2

2 2.1
112, (2.198)

o
N
Il

com r,, = mﬂg e onde usamos o fato de que m; = my = m. Uma informacao preciosa
que a Eq.(2.198) nos traz é que, a medida em que a razao entre as massas das
particulas m e mg vai ficando menos, a quebra na simetria dos parametros «, e o,
vai ficando cada vez maior. No caso limite em que m = mg3 nds teriamos o caso
> = a3. No entanto, para o caso onde, por exemplo, m = m, = mg =
330 MeV e m3 = m, = 1600 MeV, nds temos que a3 = 1.4a’. O efeito dessas
oscilacoes assimétricas tem consequéncias fisicas no espectro de barions como foi
bem observado na Ref. [73].

Por outro lado, se lembrarmos da funcao de onda “teste”para os barions definida

simétrico o

na Eq.(2.156), é facil notar que nds usamos o mesmo parametro variacional « tanto
para a Gaussiana associadas a coordenada de Jacobi p quanto para a A. Os efeitos
sobre a, e o, entao, nao estao sendo levados em conta em nosso cdlculo variacio-
nal. A rigor, nds terfamos que introduzir na fungao de onda relativa que usamos
diferentes parametros variacionais ay, € vy, € estes por sua vez deveriam ser variados
independentemente para fixarmos o minimo de energia em nosso sistema, pelo menos
para o caso em que barions charmosos fossem considerados. No entanto, isso traria
complicagoes adicionais na separacao das varidveis espaciais das angulares em nossa
solucao para o potencial de confinamento do tipo Coulomb + linear e por isso nao
o fizemos.

Em vista dessa questao, nés usamos o potencial de OH, cuja solucao exata nés
acabamos de discutir, em nosso esquema variacional e minimizamos a energia do
sistema considerando dois parametros distintos o, e oy na funcao de onda do bérion.
Como sabemos que no calculo dos elementos de matriz para um potencial do tipo
OH termos proporcionais a p - A sao cancelados, é muito simples obtermos uma
separacao entre variaveis angulares e espaciais. Logo a seguir, refizemos os calculos
para o caso em que apenas um parametro variacional «a seja usado na funcao de onda
do barion. Deste modo, foi possivel comparar esses resultados com a solugao exata do
mesmo problema. Nés observamos que os resultados para os autovalores de energia

dos bérions estao mais préximos da solugao exata quando sao utilizados a, e ay na
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funcao de onda ao invés de apenas um parametro de oscilador a. No entanto, esse
efeito nao é tao grande. Sendo assim, em vista das possiveis complicagoes técnicas
que a inclusao de dois parametros de oscilador acarretaria em nosso problema, nés
preferimos manter nossa func¢ao de onda com apenas um parametro variacional a.
Nos retornaremos a essa questao no final do préximo capitulo.

Os resultados numéricos para as massas dos barions sao apresentados na Tabela
2.6. Uma vez, que iremos usar nos calculos que seguem as fungoes de onda obtidas
pela diagonalizacao do Hamiltoniano de quarks com potencial do tipo Coulomb +
linear, nés optamos por apresentar no corpo da tese apenas os resultados para os

autovalores de energia calculados com esse potencial.

Ne N (940) A2(1115) 28(1196) AT (2286) ¥.1(2286)
«Q Massa « Massa « Massa « Massa « Massa
1 326 975 337 1123 326 1202 355 2128 327 2223

2 318 972 328 1120 318 1199 344 2125 326 2231
3 318 969 328 1118 318 1198 344 2123 318 2230
4 318 969 328 1118 318 1197 344 2122 318 2230
3 318 968 328 1117 318 1197 344 2122 318 2230

6 318 968 328 1117 318 1197 344 2122 318 2230

Tabela 2.6: Massas para os barions de interesse nesta tese. Todos os resultados
foram obtidos com o mesmo Hamiltoniano do modelo de quarks com um potencial

do tipo Coulomb—+linear. Todos os resultados estao em MeV.

E importante salientar também, que analogamente ao caso de mésons nés obti-
vemos uma convergencia muito boa para os autovetores com um nimero pequeno
de Gaussianas.

Nesta, Sec. 2.3.4, e na anterior, Sec. 2.3.3, nds apresentamos as previsoes do
modelo nao-relativistico de quarks para o espectro de massas no estado fundamental
de mésons e barions. O esquema desenvolvido para obter esses resultados além de
fornecer valores para as massas que estao em muito boa concordancia com os dados
experimentais, também permitiu determinarmos as auto-fungoes desses hadrons.
Isso permite que nos calculos que seguem, nds possamos utiliza-las como uma boa
aproximacao para as fungoes de onda espaciais tanto para o caso de mésons como

para o de barions.
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Capitulo 3

Quebra de Simetria de Sabor na

Interacao Méson-Barion

3.1 Introducao

Nesta secao discutiremos o uso de um modelo de quarks nao-relativistico para estu-
dar o acoplamento de mésons charmosos ao nicleon. Para fazer isso, nés calculamos
o elemento de matriz do Hamiltoniano de decaimento fornecido pelo modelo 3P,
entre os estados hadronicos iniciais e finais. Usamos funcoes de onda dos mésons e
bérions envolvidos na transicao determinadas pela diagonalizacao do Hamiltoniano
do modelo de quarks em uma base de fun¢oes de onda Gaussianas. Uma vez que
esse elemento de matriz foi determinado foi possivel decompo-lo em termos de uma
constante de acoplamento e seu respectivo fator de forma. De posse desse resultado
nds entdo investigamos os efeitos da quebra de simetria de sabor SU(4) devido as

diferentes massas dos quarks constituintes u, d, s e ¢ na interagdo méson-barion.

3.2 O Modelo de Decaimento °P,

O ingrediente bésico para a descrigao de processos de decaimento forte, no qual um
hédron decai em dois outros, é a determinagao do elemento de matriz do operador

responsavel pela transi¢ao
hsi(q*) = { B(quark) C(quark) |ﬁf| A(quark) ) (3.1)

Em geral, esse elemento de matriz sempre pode ser escrito em termos de uma cons-

tante de acoplamento e um fator de forma associado, ou seja
hpi(a®) = g5 F(q?) (3.2)
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Existem dois inputs que desempenham um papel importante no calculo explicito da
Eq.(3.1). O primeiro, sao as fungoes de onda de estado ligado dos hadrons envolvidos
na reagao. O segundo, é o Hamiltoniano que descreve a dinamica de decaimento dos
hadrons em termos de quarks constituintes.

Em principio, a Cromodinamica Quéantica (QCD) deveria fornecer a forma exata
tanto dos estados hadronicos quanto do Hamiltoniano de transicao. No entanto,
o uso direto da QCD para extrair essas informacoes na escala de baixas energias
¢ muito dificil. O carater nao-abeliano do grupo de gauge da teoria junto com o
grande valor que sua constante de acoplamento assume nesse regime de energias
torna intratavel qualquer tentativa de aplica-la a situacoes realisticas. Alternati-
vamente, uma grande variedade de modelos baseados em conceitos que emergem
diretamente da QCD tem sido usados para investigar um vasto dominio da fisica
hadronica, inclusive processos de decaimento. Entre esses, sem duvida, o modelo
nao-relativistico de quarks (MNRQ) é um dos mais bem sucedidos.

No MNRQ o mecanismo responsavel pelo decaimento forte de hadrons é assu-
mido como sendo devido a um processo no qual um par quark-antiquark (qq) é
criado a partir do vacuo, dando origem a dois novos hadrons assintéticamente nao-
interagentes [74]. O par quark-antiquark, por ter sido criado do vécuo, deve ser
um singleto de cor e sabor, deve possuir paridade positiva e também deve ter tanto
o momento linear quanto angular total iguais a zero. Dito de outra forma, o par
quark-antiquark deve ser um estado tal que possua L = 1 (onda-P) e S = 1. Em
notacao espectroscépica, 2°+t1L;, esse estado é denominado 3Py.

Existem dois tipos de decaimento onde o mecanismo basico é a criacao de um par
(qq): aqueles permitidos e proibidos pela regra de Okubo-Zweig-lizuka (OZI) [75, 76].
Dizemos que um processo é do tipo OZI-permitido, quando um diagrama de linhas
de quarks nao pode ser dividido em partes contendo apenas hadrons completos
sem que a linha de quarks seja cortada, como é o caso ilustrado na Figura 3.1.
Caso contrario este é dito ser OZI-proibido. Neste trabalho estaremos considerando

apenas naqueles processos do tipo OZI-permitidos.

Py
o

V:C: <

>
-

Yy

Figura 3.1: Representacao esquematica do diagrama de linhas de quarks para um

decaimento mesonico (esquerda) e barionico (direita), ambos do tipo OZI-permitido.

O operador responsavel pela criacao do par gq é obtido apds realizarmos o limite
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nao-relativistico do seguinte Hamiltoniano microscépico [77]

Hy = 2m, / d () () (3.3)

onde v é uma constante de acoplamento, m, ¢ a massa dos quarks produzidos na
reacao, ¢ e 1 sao operadores de campo dos quarks. Esses operadores sao definidos
em termos da expansao em ondas planas dos espinores u e v da seguinte forma (os

indices de sabor e cor foram suprimidos)

i@ = [ G e Y [nwie) oecpicn)] 6

s

@) = [ e S [upile) s a-pip)] 69

s

onde os operadores ¢ e ¢ criam e aniquilam quarks e os operadores ¢ e ¢ criam e
aniquilam antiquarks. Esses operadores sao tais que satisfazem as seguintes relagoes

de anticomutacao
{¢:(p), 0 (P)} = {&(P). (D)} =0

{as(p), ¢\ (@)} = {@(P).T. ()} = 6,00(p — ) (3.6)

J& os espinores u e v sao definidos pelas seguintes expressoes

[E, +m 1
ptm
vs(p) = V;T< E”; >Xs (3.8)
g

onde a energia relativistica dos quarks é £ = \/p? + M2, M é a massa dos quarks-

constituintes, xs ¢ o espinor de Pauli e x§ = —to2X}.

Nos ultimos anos diferentes modelos para o mecanismo microscépico de decai-
mento forte tém sido propostos [78, 36, 37]. Na Ref. [78], por exemplo, um cuidadoso
estudo foi desenvolvido com o objetivo de se investigar amplitudes de decaimento
de mésons assumindo que o mecanismo de produgao do par ¢ fosse devido a uma
interagao de confinamento scalar (sKs) e também devido a um mecanismo de troca
de um glion (OGE). As conclusoes dessa investigacgdo mostraram, entre outras coi-
sas, que as taxas de decaimento preditas nao eram capazes de fornecer uma boa

descricao para processos experimentais de decaimento forte analisados.

52



Nesta tese focamos nossa atencao no mecanismo de decaimento baseado no Ha-
miltoniano definido na Eq.(3.3). Afim de facilitar a manipulagdo do Hamiltoniano
de transicao nos cédlculos que iremos realizar, vamos reescreve-lo em uma forma um
pouco mais compacta.

Comegaremos primeiro por substituir em (3.3) os campos de Dirac definidos nas
Egs.(3.4) e (3.5), ou seja

o Bpd®p' dBPx _ R _ -
H = quy/we(” Pre [us/(p’)qll(p’)+vs'(—p’)qsf(—p’)]

s's

% |us) @u(p) + vi(-p) il(-p) | (3.9)

Apos expandirmos todos os produtos e realizarmos a integracao na coordenada es-

pacial, obteremos a seguinte expressao

Hy = 2my7y / dp &’ 5(p—p') Y [as/(p’) us(p) 45(p') d:(p)

ss!

+ () vs(—p) 4\ (p)) GL(—p) + 05 (—P) us(P) Gv(—P') 4s(p)

+ (=) v.(=P) Gv(~P) Gl(~P) | (3.10)
onde usamos que
/ e 0 p) (3.11)
r)’

Como estamos tratando com processos que envolvem apenas a criacao de um par
quark-antiquark, sé estaremos interessados em termos proporcionais a operadores
do tipo ¢'q', sendo assim a Eq.(3.10) fica reduzida a

Hy=2m,y / d*p d*p' s(p+p) > us(p) v(p) 45 () dl(p) (3.12)
onde fizemos a seguinte mudanca de variavel p — —p. Agora, para abreviar a
notacao vamos denotar o conjunto de niimeros quanticos necessarios para especificar
o estado de um quark por u = {p’,s’,, f'} e de um antiquark por v = {p, s, ¢, f}.
Esta estratégia nos permite retornar com os indices de sabor e cor na Eq.(3.12), e

reescreve-la na seguinte forma
ﬁl = V;w QL@ (3‘13)

onde

Viw =2mq7 65,1,0¢.c, 0Py + Pu)s, (Py) Vs, (Pp) (3.14)

Nas equagoes acima esta subentendida a convencdo de soma e/ou integracao so-

bre os indices repetidos. Antes de prosseguirmos, no entanto, iremos analisar com
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um pouco mais de detalhe o fator envolvendo os espinores u e v, que aparece na

Eq.(3.14). Primeiro iremos computar o elemento de matriz entre esses espinores,

isto é
uT (pu>’}/ovs (pz/> = <EPM + mQ)(Epu + mII> |: X:MO' ) pyxgv o X:ua ' pﬂxgu ]
S Y 4E,, By, Ep,, +m, Ep, +myg
(3.15)
Se tomarmos o limite nao-relativistico desta equacao, £ — m, teremos
t 0 ~ 1 * c
Uy, (D)7 05, (PV) = =5 — [xs# o (P —Pv) X5, (3.16)
Mg
Agora, vamos escrever a Eq.(3.16) em uma forma mais conveniente, ou seja
Vaus, (PusPv) = X5, 0+ (P — Pu) X5, (3.17)
Desta maneira, podemos reescrever a Eq.(3.14) em uma forma mais til
V,uz/ == 5fufy 5cucy 5(pu + pl/) ‘/sus,, (p;u pl/) (318)

No que segue, nds iremos focar nossa atengao no mecanismo de decaimento ba-
seado no Hamiltoniano dado na Eq.(3.13). Ele serd usado no estudo de dois tipos
de processos. Aqueles envolvendo méson — méson + méson, que denominaremos
processos mesonicos e aqueles casos envolvendo barion — barion + méson, que
denominaremos processos barionicos. Dessa maneira, estaremos interessados em

determinar amplitudes de decaimento que tem a seguinte forma genérica
hyi(¢®) = (BC|H|A)/5(A -~ B - C) (3.19)

onde hy; é a amplitude de decaimento. Além disso, explicitamos na Eq.(3.19) um
fator 6(A — B — C) com a intencao de reforcar a conservacao do momentum nos

processos descritos por essa amplitude.

3.3 Amplitudes de Decaimento Hadronicas

Nosso principal objetivo agora sera obter de maneira geral amplitudes de decai-
mento tanto para processos mesonicos quanto para processos barionicos a partir do
elemento de matriz do Hamiltoniano de transicao. O primeiro passo, em ordem de
calcular o elemento de matriz desse Hamiltoniano, sera definir os estados de mésons

e barions empregando uma notagao de segunda quantizacao. Nesse formalismo, o
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estado de um méson sera escrito em termos de um operador de criacao de méson
M} da seguinte forma
o) = M|0) = @} g/q}]0) (3.20)

onde CIDEV ¢ a funcao do méson, normalizada como
(a|B) = "Dy = dag (3.21)

O indice a representa os nimeros quanticos do méson (orbital, spin) e u,v repre-
sentam os numeros quanticos dos quarks (orbital, cor, spin, flavor). Os operadores
de quark (¢) e antiquark (g), na notagao compacta que usaremos daqui para frente,

sao tais que respeitam as seguintes relacoes de anticomutagao

{q_,u/aq_L {qwaQL} = 5u’,u
{@/7@#} = {(j,u’acju} = {qiu’aqiu} = {(j,u’aél} =0 (3'22)
O estado de vacuo é definido de tal modo que

Gul0) = Gul0) =0 (3.23)

A funcao de onda total de um méson dada em termos de graus de liberdade de
quarks é definida como
v cucr  Euéu v

com a parte espacial sendo definida a partir da seguinte expressao

N
o =3 0, 9% (pu. py) (3.25)

n=1

Nesta tese, estaremos usando para a funcao de onda relativa o seguinte Ansdtze

Gaussiano
o (D, 1) = (P —p, —p,) 6" (D, 1) (3.26)

Ccom
— | e Y (3.27)
B

Os parametros usados na definicao da funcao de onda espacial relativa dos mésons

3
1 2 7[”"1 P,u*m2pu}2
gb(n) (p,Lu pl/) -

~ N . N ~
sao o parametro de escala do oscilador 57(1 ) =n % e as razoes de massa

2myg 2
Mq My = ——__ (3.28)

my = 9
mg + My Mg + My

Os parametros [ e a, serao determinados a partir de um esquema variacional. O

coeficiente de Clebsch-Gordan correspondendo ao estado de cor do méson 3 é dado
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por C’;“c” = 56\;;, e o coeficiente de Clebsch-Gordan correspondendo ao estado de

spin-sabor é designado por Xg“g”.

Vamos considerar agora um processo de decaimento que tenha a forma A, —
B, 4 Cj3. Para essa situacao, especificaremos ainda que os estados inicial e final s6

envolvam mésons e sejam definidos da seguinte maneira

iy = Mo (3.29)
If) = MiMijo) (3.30)

A partir das Eqs.(3.20), (3.29) e (3.30) podemos obter de maneira imediata o seguinte

elemento de matriz
(fIH:|i) = (0|M, My H, M|0) (3.31)

= PRV DL (010, Gy G GG 340, 00, 10)  (3.32)

Depois de realizarmos as contragoes entre os operadores de criacao e aniquilacao de
quarks e antiquarks, obteremos quatro amplitudes de decaimento elementares que
envolvem as fungoes de onda dos mésons e um potencial provindo do Hamiltoniano

de transicao, ou seja
(O, Mg Hy ML|0) = — @3 @™V, ol
— g q)zu:sv V,, BHsvs
+ CDZW V,, BHsvs
OO, 2l (3.33)

No entanto, os tinicos termos que representam processos do tipo OZI-permitidos sao

(OINE, NIy H NI 10) = = @3 @V, @
— DI RSV, Pl (3.34)

Por comodidade iremos redefinir essas amplitudes elementares introduzindo as se-

guintes defini¢oes

hay = O OY V,, @l (3.35)
hipy = ©X QY V), Gl (3.36)

A partir dessas é imediato reescrevermos o elemento de matriz do Hamiltoniano de

transicao da seguinte forma

(OIAL, M Hy M [0) = 25 = —hay — hey (3.37)
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Se usarmos explicitamente agora as Eqs.(3.18) e (3.24) podemos decompor, ainda,
cada uma das amplitudes elementares da seguinte maneira

_ gs—f ¢ s—e
hay =Z¢y" iy Loy (3.38)

_ 7s—f ¢ s—e
hz) =Ly Liz) Ly (3.39)

onde Z°~/, ¢ e T°7¢ estao designando os fatores de spin-sabor, cor e spin-espaco,
respectivamente. Em termos de coeficientes de Clebsch-Gordon os fatores de sabor

e cor relativos as contribui¢oes da amplitude elementar h() sao

S— *Euglu  *€uus  Eugw
I(l)f =\ n3 X5 w 3Xau3 35foU (3.40)
7 _ Ccugcvccuc% C’CHBVS(S (3 41)
(1) v B o CuCy .
ja os respectivos fatores de sabor e cor associados a amplitude elementar h(y) sao
dados por
5— g *#Eus&u  Eugy
I = XN e b, (3.42)
TG = CYCFe™Ca™ 6., (3.43)

Para o setor de spin-espacgo as equacoes sao um pouco mais complicas, uma vez que
envolvem o cédlculo de um elemento de matriz do potencial dependente dos setores

de spin e espago. A forma explicita das contribuicoes dos fatores de spin-espago sao

It = =7 6o+ p)O OV () PR (3.44)
I = =7 0(pu+ p )PPV (py,p,) BT (345)

A partir de agora, nés denominaremos o potencial V; ,, que aparece nas Eqs.(3.45)
e (3.44), de potencial spin-espago. Sua forma explicita foi definida previamente
na Eq.(3.17). Devemos notar, no entanto, que devido ao fato desse potencial de-
pender dos mesmos indices de spin que aparecem nos fatores de spin-sabor, temos
que a forma como separamos este potencial daqueles fatores Z°~/ é meramente es-
quematica. Sendo assim, no calculo explicito desses fatores devemos ter apenas o
cuidado de lembrar que os indices de spin (s,,s,) que aparecem neste potencial sao
0s mesmos que aparecem nos fatores de spin-sabor.

O célculo da amplitude barionica segue um procedimento similar ao caso mesonico.
Vamos agora, definir o estado de um barion na notagao de segunda quantizacao em

termos de um operador de criacao B, ou seja

A 1 I
) = BLI0) = — v gl ), 10) (3.46)
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onde WrHiH2i3 & g funcao de onda de um barion que é normalizada da seguinte forma
<04|B> = \IjZHllLQ:U'B\Ijgl/JZﬂ?) _ 5&5 (3‘47)

Os indices a e pq, ps, i3 estdao denotando os nimeros quanticos dos barions e dos
quarks, respectivamente. A funcao de onda total de um barion em termos de graus
de liberdade de quarks é

\Ijg1uzu3 _ 0010205 X§1§2§3 \I/p(phpz,Ps) (348)

onde a parte espacial sera definida a partir da seguinte combinagao linear

qlP(p17p27p3> = Z dm ‘Ijgn)(plap%p?)) (349)

Nés estaremos usando para a funcao de onda relativa o seguinte Ansdtze Gaussiano

U5 (1, pa, p3) = 6( P — p1 — py — p3 ) ™ (p1, Do, P3) (3.50)
com
3 % 1 [Plﬂ’zr o wd [pﬁpzf%mmr
¢(m)(P17P2,P3)= [W} e 2l V2 e 2 Ve (3.51)
Om

onde os parametros usados na definicao da funcao de onda espacial relativa dos
barions sao o parametro de escala do oscilador o) = m a3 e a razao das massas
dos quarks m; e ms
W= o= (3.52)
142 m ms
onde a e d, serdo determinados por meio do método variacional. Aqui, 5% é um
coeficientes de Clebsch-Gordan correspondendo ao estado de spin-sabor do barion
a, ja o coeficiente de Clebsch-Gordan correspondendo ao estado de cor do barion é
dado por €51 = \/Lﬁeclcm.
Vamos considerar agora um processo de transicao em que no estado inicial te-
nhamos um barion (A4,) decaindo para um estado final formado por um bérion (Bjg)

e um méson (C,). Isso significa definirmos os estados inicial e final como

iy = BL0) (3.53)
|f) = BiMI0) (3.54)

Das quantidades definidas acima podemos obter o seguinte elemento de matriz
(FIH1li) = (0|M,BsH;BL|0) (3.55)

1 * 1V * A
= O VW 014, G Gy o U1 61615, 05,3, 10) - (3.56)
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Depois de um tedioso processo de contracoes entre os operadores de criacao e ani-
quilacao de quarks e antiquarks, obteremos as contribuigoes das amplitudes elemen-
tares para o elemento de matriz barionico. Em geral, esse elemento de matriz é

composto pelos seguintes termos
<0|Mv Bg H; Bl |0) = — I WY, Prroees
— (I);UW \Ijzﬂluas V,uzz \Ijglagas
ST A P
R ug

- \11201”3”2 Vi VL7278 (3.57)

No entanto, os tinicos termos que representam processos do tipo OZI-permitidos sao
(O|NL, Bs Hy Bl |0) = — @I Wiio v, @oioees
- (I):»;ogl/ \IJ;UULUS V,uzl \11210203

- o \IIE“”“ Vi W72 (3.58)

Em analogia ao caso mesonico iremos introduzir definicoes para cada uma das trés
amplitudes elementares que compoem o elemento de matriz do Hamiltoniano de

transicao
hay = &7 \IJ;”‘TZU‘"’ Vi WH7278
hey = @27 \11201“03 Vi Woro2os
hey = @27 \IJZ‘”“Q“ Vi V17278 (3.59)
Dessa forma é possivel escrever o elemento de matriz barionico como
(01ML, By Hy B [0) = b = —ha) = hey = ) (3.60)

As contribuigoes A1), h(2) e h) sao dadas por

_ 7s—f ¢ s—e
hay = I(1) (1) I(1) (3.61)
_ 7s—f ¢ s—e
h(2) = I(z) ) I(2) (3.62)
hey =Ty Ty T (3.63)
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com I/, I¢ e 7°~¢ designando os fatores de sabor, cor e spin-espaco. As formas
explicitas dos fatores de spin-sabor e cor em termos de coeficientes de Clebsch-

Gordon sao

Ia—)f _ X:&&u X;iu&ésxg&&dfufy (3.64)
(cl) — C«slcy C«guCQCs 0316203 66/,1,611 (365)
I(SQ—)f _ X:@sy X;&@&Xi@sg St (3.66)
(02) — ngcy Cglcucs 0216263 5(:“0” (367)
o D R Rl (3.68)
(03) — ngc,, C«;lCzCu 0516203 (5cucu (369)

Para os fatores de spin-espaco, temos

I5y© = = 8(pu + p) PP U PPV (D, py) VR (3.70)
I55)° = =7 0(py + P )PP U TVE (py,p,) UEPP (3.71)
Iiy)© = =7 0(py + P )PP U TPVE) (py,p,) UEIPP (3.72)

Devemos notar, novamente, que devido ao fato de no caso envolvendo barions a
dependeéncia entre os fatores de spin-sabor ser mais complicada, a forma como se-
paramos os potenciais V@ i = 1,3 ( ver Eq.(3.17)) das equagoes para os fatores
Z°~7 é meramente esquemética, pois os indices de spin (84, 5v) que aparecem neste
potencial sao os mesmos que aparecem nos fatores de spin-sabor.

Até agora, nés desenvolvemos um formalismo suficientemente geral para calcu-
lar o elemento de matriz do Hamiltoniano de transicao para processos envolvendo
mésons e barions. O ponto central nesse formalismo foi mostrar que sempre é possivel
expressar esse elemento de matriz em termos de amplitudes de decaimento elemen-
tares. E mais, que essas amplitudes elementares podem ser decompostas em fatores
associados aos setores de cor, spin, sabor e espaco das funcoes de onda dos hadrons
envolvidos na reagao. O proximo passo em nosso esquema seria a especializagao dos
processos de decaimento de interesse e o calculo explicito desses fatores. Uma vez
feito isso, nos terfamos determinado completamente nosso primeiro objetivo que é
a obtencao das amplitudes de decaimento totais tal como aparece na Eq.(3.19). No
entanto antes de realizarmos isso, vamos analisar com um pouco mais de detalhe os

aspectos gerais de cada um desses fatores.
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No modelo de decaimento Py o fator de cor d4 uma contribuicio global de 1/+/3
que pode ser incluida na definicao do parametro .

O fator relacionado a spin e sabor envolve essencialmente coeficientes de Clebsch-
Gordon que expressam as regras de conservacao de sabor e momento angular nos
processos de decaimento. Em muitos casos onde o conteido de quarks dos mésons
e barions envolvem diferentes sabores somente uma das amplitudes que compoe o
elemento de matriz do Hamiltoniano de transicao é diferente de zero. No entanto,
para o caso limite onde os sabores de todos os quarks envolvidos sao iguais, todas
as amplitudes contribuem para esse elemento de matriz.

O fator associado ao setor de spin e espaco tem uma estrutura um pouco mais
complicada. Na superposicao de funcoes de onda espaciais existem 12 integrais en-
volvendo 12 deltas a serem realizadas. Felizmente, devido a presenca de funcoes
delta, 9 dessas integracoes podem ser realizadas de maneira imediata sem a especi-
ficacao explicita das fungoes de onda espaciais relativas envolvidas. Ao final desse
procedimento restard ainda uma integral overlap, s6 que agora tridimensional, mul-
tiplicada por uma fungao delta global. Mas se lembrarmos da definicao de amplitude
de decaimento, Eq.(3.19), vemos que esta funcao delta global pode ser removida fa-
cilmente. Assim ficaremos com uma tultima integral tridimensional para resolver.
Para que isso seja possivel serd necessario especificarmos a funcao de onda espacial
relativa. O procedimento padrao na literatura[78] é usar para esse setor uma fungao
Gaussiana devidamente normalizada e com parametro de comprimento como input.
O que é razoavel, uma vez que sabemos que as solugoes da equacao de Schroedinger
para um potencial do tipo oscilador harmonico (OH) sao justamente Gaussianas. E
além disso, é um fato conhecido no modelo nao-relativistico de quarks que fungoes
de onda do tipo oscilador harménico (OH) sdo boas aproximagoes para descrever a
porcao radial da funcao de onda de mésons e barions no estado fundamental.

Nesta tese, no entanto, seguimos um trajeto um pouco diferente que consiste em
usarmos para a parte radial, fungoes de onda determinadas pela diagonalizacao exata
do Hamiltoniano do modelo de quarks em uma base de fung¢oes de OH. A motivagao
para implementarmos um tal esquema estd, em primeiro, lugar na expectativa de
que a qualidade das funcoes de onda obtidas sejam melhores que com uma tnica
Gaussiana. E em segundo, acreditamos que esse é um procedimento um pouco
mais sistematico e menos arbitrdario para se obter funcoes de onda. Felizmente,
a sistematica de obtencao de funcoes de onda via método variacional ja foi feita
na Sec¢ao.2.3.2 de tal modo que podemos computar diretamente as amplitudes do

modelo 3P, para os processos mesonicos e barionicos.
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3.4 Amplitudes Mesénicas do Modelo °P,

Nosso préximo passo serd usar as funcoes de onda para mésons para calcular am-
plitudes de decaimento forte. Estaremos neste estudo interessados nos vértices que
envolvem os seguintes mésons: mmp, KK p, DDp. Para os vértices envolvendo K Kw,
DDw nés nao repetiremos os calculos pois eles sao idénticos aqueles envolvendo os
mésons p. Uma vez tenhamos determinados essas amplitudes nés poderemos entao
avaliar efeitos da quebra da simetria de sabor SU(4). Neste estudo, por critérios
de simplicidade, nés iremos calcular todos os processos no sistema de repouso da

particula inicial, que esquematicamente significa
a(P=0)—p(-P)+7(P) (3.73)

onde estamos representando os mésons no estado inicial e final de acordo com a

seguinte convengao «, ( e -, respectivamente.

3.4.1 Amplitude 77p

Como primeira aplicacao noés iremos considerar a amplitude de decaimento envol-
vendo mmp. Para isso, nés iniciaremos especializando o seguinte processo de transicao
7t — p(+2) + 7" e, além disso, escolheremos a polarizagao do méson p na diregao
(+2). Uma vez que na Tabela3.1, nés apresentamos os fatores de spin-sabor e de

cor, resta apenas fixarmos os fatores relativos ao setor de spin-espago. Para ob-

Processos Especificos I(Sl_)f I(SQ_) f I°
at = 0+t -1/2 1/2 1/v/3
Kt —p°+ K+ 0 1/2 1/v3
D — p° + DO 0 1/2 1/v3

Tabela 3.1: Fatores de sabor e cor para os processos de decaimento mesonico que

estaremos interessados.

termos os resultados para processos envolvendo o méson w, basta substituirmos na
Tabela 3.1 p¥ — w®. De acordo com a discussao feita sobre as amplitudes de decai-
mento mesonica, as contribuicoes provindas do setor de spin-espaco para o processo

em questao sao duas

Iy = =D +p.) O O PV (P, py) BT (3.74)
55 = —v0(pu+p,) OO P VE (py,py) BT (3.75)
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Se introduzirmos nas equacoes acima a definicao para a funcao de onda espacial de

mésons dada nas Eqs.(3.25) e (3.26), teremos
N N N
T =—v 2 > > ) al) o / &*pu d*py *puy pyy 5(py + po)
ni=1 no=1 nz=1

(n2)*

X 5(P’Y — Pu— pVB) ¢S/m)* (p;upug) 5(PB —Pv — p,ug) Cbg (pugapu)

x VO (Pu.pv) 0(Pa = Ppuy — Pus) 65 (Dpiy: o)
(3.76)

N N N
T == > >, > aw) el el / &*p. d*p, Py d*py, 5(py+ po)
no=1 nz=1

ni=1
X O(Py = Py = Po) A (s 21) 5(Ps — Dy — Do) 05 (P Prs)

X Vs(;iz,, (Pu:Pv) 6(Po — Py — Pus) Qb(gm)(pugapua) (3.77)

Agora, podemos antes de substituir explicitamente as fungoes de onda relativa nos
fatores acima, realizar parcialmente as integracoes nas varidveis de momentum com
ajuda das deltas de conservacao. Esse procedimento simplificarda enormemente a

forma de nossas expressoes, e o resultado serao as seguintes contribuigoes

N N N
Lo == Z Z Z agy) al)* aly” / d’py 0 Py, Ps — Py

ni=1 no=1 nz=1

X 85 (= Py + P —py) VL, (P —py) 85 (= Py + py, Py — py) (3.78)

N N N
Tyt == 3 3 Yl [, o Py —p,)
no=1 nz=1

ni=1

X ¢(ﬁn2)* (Ps + Py —Py) V;(fgu (P _pu)¢&n1)(Pﬂ + Py, —Ps—py)  (3.79)

Dois ingredientes basicos sao necessarios ainda para especificar os processos de in-
teresse, o primeiro sao as funcgoes de ondas espaciais para os mésons e os potenciais
de spin-espaco que aparecem nesses fatores. Para o caso envolvendo 7w7mp, os dois

potenciais em questao sao dados pelas seguintes expressoes
1 2 .
Vl(l)(pw —Pu) = Vl(l)(pua —Pu) = 2<Pﬂc - ZPy) (3.80)

onde s, =1 =+41/2es, =1 = +1/2. Devemos lembrar que essas projecoes

que aparecem no potencial spin-espago sao devidas aos fatores de spin-sabor. No
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Apéndice D apresentamos o calculo explicito desse potencial para diversas projecoes
de spin. Se substituirmos nas Eqs.(3.78) e (3.79) as definigoes da fungao de onda
relativa dada na Egs.(3.27) junto com a Eq.(3.80), teremos como resultado para as

duas amplitudes espaciais o seguinte

Loy =TI (3.81)
R LA 200 4 o) 4 1] PYL(Q)
= 1o 2 2 > el T m e e
32 ni=1ng9=1n3=1 [T'( )+Q( )+1]2 ﬁ1(1]1\[)2 7(1]3\[)2
(3.82)
onde as razoes entre os parametros de oscilador r@™) e o) sao
(V) (™)
(N) _ an (N) _ an
B B
com 5n1 =n B, ( ) = ny B3, ( ) = = n3 % e além disso
N) 41
A = € (3.84)

TP [r(N)+Q(N)+1]

E importante salientar que usamos uma notacao esquematica para o™ e ™) que-
rendo deixar claro com isso, que existem somas a serem realizadas sobre essas quan-
tidades. Se multiplicarmos os fatores de sabor e cor, dados na Tabela 3.1, nas
amplitudes de espago-spin apresentadas na Eq.(3.82), nds obteremos o seguinte re-

sultado para a amplitude de decaimento

hrrp = —hy — h) (3.85)
i LKL (N) 4 o) Monp p2
_ _72271' Z Z Za,(N) [2T + 0 +1] P}/ll(Q) e_sﬁgg)
n : 5 3 3
32 el noel nacl [r( )_|_Q(N)_|_1]2 1(1]1\02 T(g)Q
(3.86)
onde redefinimos v para absorver o fator de cor da seguinte maneira v = ﬁgv e

essa serd a definicdo que usaremos no restante dessa tese. A abordagem usada no
célculo feito para o decaimento m7mp, como ja foi mencionado, pode ser facilmente
estendido para situacoes envolvendo outras particulas. Para nao tornar fastidioso
para o leitor, no que segue, iremos apenas apresentar os resultados para as ampli-
tudes de decaimento, estando implicito o fato de que estamos aplicando o mesmo

procedimento de calculo descrito nesta subsecao.
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3.4.2 Amplitudes DDp e DDw

Para o caso da amplitude envolvendo mésons charmosos, nés especializamos a se-
guinte transicdo D° — p°(+2) + D°. Dessa maneira, se substituirmos a funcao de
onda relativa de mésons definida na Eq.(3.79) e logo a seguir multiplicarmos es-
sas amplitudes pelos fatores de sabor e cor dados na Tabela 3.1, nds obteremos o
seguinte resultado

AN

3 9 N N N N N _2Dbp p2
no :_722 Zr Z Z ZG(N)G(N)*Q(N)*QT( ) + 2mpo™) _|; 1 P i Y11(Qs)6 5o P
DD = ni na n3 2 2 2
’ 32 Tl el namt [r(N) + o) 4 1]2 BSIV) 2 57(11;[)2
(3.87)
onde onde as razdes entre os parametros de oscilador r), o) ¢ w™) sao
(N) ) (N) 5 (N) 5(N)
no na ni
r = (N) 0 = (N)” w = W (388)
By n3 Brs
com /87(111\7) = ny By, g) = ny (%, 7(53\]) = n3 % e além disso
2 (N 2 N
a — Amse™ + miw®™ 4 1 (3.89)
DDp [T(N) + Q(N) + 1]

Aqui B,(flv) é o parametro de comprimento de oscilador do méson charmoso inicial
De ,BTSJZV) junto com ﬁ,(g) sao os parametros de oscilador dos mésons no estado final
p e D, respectivamente. Um aspecto adicional que nao foi observado na amplitude
de decaimento para o caso wmp sao fatores que envolvem razoes entre as massas dos

quarks leves (1) e pesados (h). Estes fatores sdo dados pelas seguintes expressoes

Tm 1 2
my = my=1-—
0 L+r, 147,
1
me = P = L (3.90)

L+7r, " my
Os resultados para amplitude envolvendo o méson w sao os mesmos que os do méson

p.

3.4.3 Amplitudes KKp e KKw

Amplitudes de decaimento envolvendo mésons estranhos possuem a mesma estrutura
das amplitudes para o caso de mésons charmosos, e pode ser obtidas diretamente
daquelas. Sera necessdrio especializar o seguinte subprocesso K+ — p%(+2) + KT e
fazer a seguintes modificacoes fp — Bk € m. — my. Novamente, os resultados para

a amplitude envolvendo o méson w sao os mesmos que os do méson p.
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3.5 Amplitudes Bariénicas do Modelo °P,

Os processos de interesse que analisaremos envolvem tanto mésons como barions.

Esquematicamente estaremos especificando amplitudes de decaimento do tipo

— —

a(P=0)—3(-P)+~(P) (3.91)

onde agora os simbolos « e [ estao designando os barions e v o méson.

Processos Especificos I;;)f I;;)f I;?;f Ie
p(+1/2) — p(+1/2) + 7° 5/18 5/18 5/18 1/V/3
p(+1/2) = X0(+1/2) + K+ 0 0 1/18 1/V3
p(+1/2) — A%(+1/2) + K+ 0 0 1/2V/3 1/V3
p(+1/2) — XF(+1/2) + D° 0 0 1/18 1/v3
p(+1/2) = AF(+1/2) + D° 0 0 1/2V/3 1/3

Tabela 3.2: Fatores de spin-sabor e cor para processos barionicos.

3.5.1 Amplitude NN

Em completa analogia com o caso mesonico, nossa primeira aplicacao serd considerar
a amplitude de decaimento para o processo envolvendo NN

Nés iniciaremos com o processo de transicao p(+1/2) — p(+1/2)+7°. De acordo
com a discussao feita sobre as amplitudes de decaimento barionicas, as contribuicoes

provindas do setor de spin-espaco para o processo em questao sao trés

Iff)e — _75(17# + pu)@;mpu,l,;pumpsvs(:s)u (pw p, ) UP1P2Ps3 (3.92)
1(327)6’ — _75(17# + py)q):mpu\;[,gpmupsvs(fgy (pw py)q,glpzps (3.93)
I35)¢ = =10(p + P ) OPP UL PPVE) (p,, p, ) UEPP (3.94)

Se substituirmos nas equagoes acima as defini¢coes para a funcao de onda espacial
de mésons e barions dadas nas Eqs.(3.26) e (3.50), teremos

N N N

==y D > > ddi) b)) / &Pp,d®p, d*p1d®p2d®psS(py + o)

ni=1ng2=1n3=1
X 6(Py—p1—py)3(Ps — pu — p2 — p3)0(Po — 1 — P2 — p3)0"*)" (1, po)
X wémZ)*(me%PS)Vs(ls)u (p,u; _pu),[vbfxml)(pla p2ap3) (395)

n
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Z(82)e == Z Z Z d(N)d / &p.d’p, d’p1 d’pad®psd(p, + o)

ni=1ng2=1n3=1

X 6(P7 — P2 — py)(S(Pg —P1—Pu— p3)5(Pa —P1—P2— p3)¢( 3 (p27pu)

X wémQ)*(plapM7p3)‘/;(55)u (p,UJ _pu)d)&ml)(plap%??’) (396)
N N N
1y = — Z Z Z Ay d) all /d3pud3pud3p1d3p2d P30(Py + Py)

ni1=1ngo=1n3=1

X 6(Py—p3s—py)3(Ps — p1 — p2 — pu)3(Pa — p1 — p2 — p3)0"" (p3, py)
< " (p1, P2, PV, (s —D )™ (P1, P2, D3) (3.97)
Depois de realizarmos parcialmente as integracoes com ajuda das deltas de con-

servacao de momentum teremos

N N N

Ifl_)e =7 Z Z Z d(N)d /d3pud3p3¢ ) “(=Ps + pp, —Py)

ni=1ng=1n3=1

X ¢/§J’m2)*(puapﬂ — Pyp _p37p3)‘éfgu<p#7 pﬂ)w (- Ps + Py Ps = Pu = Ps, Ps)
(3.98)

N N N
I(s;)e =7 Z Z Z d(N)d /dgp“dgp ¢ o) (=P + pp, —Py)

ni=1ng2=1n3=1

X 1/)ém2)*(Pﬁ —DPp— p37puap3)v;(u25)u(puv _pu)¢&ml)(Pﬁ — P —P3, — P +p“’p3)

(3.99)
-3 A [t By )
ni=1n9=1n3=1
x B (py, Py — p1 — D D)V, (D, —p) 0™ (D1, Py — py — Py, —Ps + p,,)
5 )
(3.100)

Novamente, até aqui, estamos usando um esquema de calculo geral que é valido para
qualquer processo de decaimento, inclusive aqueles envolvendo mésons estranhos e
charmosos. Dois ingredientes sao necessarios para especificar completamente os

processos de interesse, as fungoes de ondas espaciais para os mésons e barions e
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os potenciais de spin-espaco. Para o caso envolvendo NN, os trés potenciais em

questao sao definidos por (ver Apéndice D)

VY Py, —pu) = V) By, —py) = V&), (P, —Pu) = —2P cos(0) (3.101)

Se substituirmos nas Eqs.(3.98), (3.99) e (3.100) as definigdes dadas nas Eqgs.(3.101)
e das fungoes de onda relativa para barions dada na Eq.(3.51) e mésons dada na
Eq.(3.27), obteremos trés contribuigoes idénticas para os fatores spin-espago

Iy = Iy =1g)f

) 3t ]* 3 1
= 72 Z Z Zdnl n2 na {T(N)—f—l} [( + ) + ]

n1=1 no=1 nz=1 [3(7“( )+1)Q(N)+2]§

P cos(0) ANifgv”)PQ
—e€

x 7)o 2 (3.102)
ag)i
onde as razoes entre os de comprimento de oscilador ™) e o) sdo
(N) am (N) o
rt=—5 0= ) (3.103)
no ni
com oY) =n, o, o) = n, o, B =, (% e além disso
N (240™M +1) 49
,
v _ 1 (20 ) (3.104)

NNm [3 (T(N) —|—1) Q(N) —|—2]

Esta subentendida nessas expressoes que usamos uma notagao esquematica para
o) e r™) querendo deixar claro com isso, que existem somas a serem realizadas
sobre essas quantidades. Se introduzirmos os fatores de spin-sabor e cor, dados na
Tabela 3.2, nas amplitudes de espaco-spin calculadas no item anterior obteremos o

seguinte resultado para a amplitude de decaimento

hyy. = —740 Z Z Z AN d

ni=1n9o=1n3=1

3
L) 4 3) ™) 41
[3(r®) + 1) o) + 2]

35 72
rtN) +1

A
P2
P cos(s) -
-~ ny
(N)3 (V)3
OZTLQ (:]{511)2

X (3.105)
A abordagem usada no célculo feito para o decaimento NN, como ja foi men-
cionado, pode ser facilmente estendida outros processos processos de decaimento
hadronico. Afim de evitar uma repeticao fastidiosa dos céalculos, no que segue, ire-

mos apresentar apenas os resultados para as amplitudes de decaimento, estando
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implicito o fato de que estamos aplicando o mesmo procedimento de célculo descrito
nesta se¢ao. Uma outra importante informacao que cabe notar, é que o resultado
obtido para a amplitude NN é igual aquele obtido na Ref.[79] no limite de N =1

Gaussiana.

3.5.2 Amplitudes NX.D e NA.D

Nesta secao iremos extender o calculo das amplitudes 3Py ao setor envolvendo
bérions charmosos que designaremos por B, = ¥2(+1/2), A%(+1/2), o niicleon que
rotularemos N = p(+1/2) e o méson D. Novamente, seguiremos o esquema feito na
segdo anterior e, primeiramente, especificaremos a seguinte transicao N(+1/2) —
B.(+1/2) + D°. Dessa maneira, se usarmos as funcdes de onda relativas no espaco
dos momentos para mésons e barions multiplicadas pelos fatores de spin-sabor que
aparecem na Tabela 3.2 na amplitude dada na Eq.(3.100) obteremos apenas um

fator spin-espaco nao nulo. A amplitude de decaimento resultante entao é dada por

N m(1N)

312 15 mg+ 3™
A—— T AN )+ [ ]
ZZZ D 1) s e 3 o

5
2

P cos(f) %PQ

X Wag)% e (3.106)
onde as razoes entre os de comprimento de oscilador ™) e o™ sdo
oV (N)
rN — %7 o™ = ’(L;) (3.107)
n2 ni

N N N L
com BY) = n, 6%, o) = n, o, oY) = n, (% e além disso

my [ms+ (1+6my Q(N)) rt]

= 3.108
NBcD [2+3(7,(N) + 1) Q(N)] ( )
Ja os fatores de massa sao dados pelas seguintes relagoes
2 () r
— =14+ —- 3.109
mo 1+Tm’ my +1+2rm ( )
37"2 2
my = n , m3=|14+2r, 3.110
2 [1—|—3’[“m—|—27“%1]2 3 [ ] ( )
me = [147m]?, m=—t (3.111)
mp

A constante ky ¢ um simples fator que absorve os diferentes estados de spin-sabor
de cada processo de interesse, e pode ser obtido facimente a partir dos fatores de

spin-sabor dados na Tabela 3.2

69



3.5.3 Amplitudes NX ;K e NAK

A amplitude de decaimento para processos que envolvem barions estranhos podem
ser obtidos diretamente do caso de barions charmosos, em completa analogia ao caso
mesonico. E necessério apenas especializar os seguintes subprocessos p(+1/2) —
A(+1/2) + KT e p — X%(+1/2) + KT, e juntamente a isso, fazer a seguintes
mudancgas Sp — Bk, ax, — aa, € Me — M.

3.6 Parametros da Quebra de Simetria SU(4)

Nas tltimas duas secoes nds usamos o modelo nao-relativistico de quarks 3Py para
calcular analiticamente amplitudes de decaimento forte para processos envolvendo
mésons e barions. Essas amplitudes, em geral, sempre podem ser escritas em termos

de uma constante de acoplamento e um fator de forma associado, isto é

hyi(@®) = 95 F(°) (3.112)
O fator de forma é uma fungao Gaussiana que possui a seguinte forma

F(g*) = e (3.113)

onde A é um parametro que envolve as razoes das massas dos quarks e as razoes
dos parametros de comprimento de oscilador dos hadrons. No limite em que ¢* = 0
e F(¢*> = 0) = 1, essas amplitudes podem ser usadas para determinar razoes entre
as constantes de acoplamento associadas aos vértices méson-méson-méson e barion-
barion-méson que aparecem na Figura 3.2. Mais especificamente, esses vértices sao:
DDp, KKp, DDw, KKw e NDA,, NDY, , NKA,, NK¥,.

N

P

I

I

I

. PO N, 2
I I

I I

I I

P P

Figura 3.2: Vértices de interesse no estudo do acoplamento méson-barion. Os mésons

pseudo-escalares ( P) podem ser o D ou K, e N é o nticleon.
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Para entender como as razoes das constantes de acoplamento trazem informacao
sobre a quebra da simetria de sabor na interacao méson-barion, devemos lembrar
que no contexto do modelo de quarks a quebra dessa simetria é proveniente das
diferentes massas dos quarks que estao envolvidos nos processos de decaimento.
Nos processos que estaremos investigando aqui, estao presentes as massas do quark
up m, do quark estranho m, e do quark charmoso m.. Essas massas sao tais que
m, < mg < m.. Além disso, é facil notar que nas constantes de acoplamento que
definimos a partir das amplitudes de decaimento calculadas nas Secs. 3.4 e 3.5, as
razoes entre as massas dos quarks m, /ms e m,,/m. aparecem explicitamente. Sendo
assim, € possivel saber quantitativamente, pelo calculo das razoes dessas constantes
de acoplamento, qual é o efeito que as diferentes massas tém nos vértices méson-
méson-méson e barion-barion-méson quando comparadas com o caso em que se supoe
que a simetria de sabor SU(4) seja valida, isto é, m, = ms; = m..

Recentemente, os autores da Ref. [57] mostraram que a hipdtese da simetria
SU(4) implica as seguintes relagoes entre as constantes de acoplamento para o vértice

méson-méson-meéson

gTrTrp(6'O)
Ixkp = 9pp, = 9 — (3.114)

onde o valor empirico do acoplamento 77 p, que aparece entre parentes na Eq.(3.114),

é o valor usado na Ref [80]. A consequéncia imediata da Eq.(3.114) é que

Junp . Yrmo  _ Ixro _ 4 (3.115)

2955, 29xxo  Yop,

Esses sao os acoplamentos relevantes para a construcao da interagao entre mésons
charmosos ( D ) e estranhos ( K ) com o niicleon ( N ) a partir de Lagrangianas
efetivas. Os acoplamentos para os casos envolvendo gpp,, € gxi. 20 iguais aqueles
envolvendo os méson p na Eq. (3.114).

No calculo explicito das amplitudes de decaimento existe apenas um parametro
livre que ¢é ~. Esse parametro ¢é fitado a partir dos dados de varios processos de
decaimento forte. Um valor tipico para esse parametro foi apresentado na Ref. [77,
78] e é v = 0.4. Todos os outros parametros envolvidos em nossos calculos foram
determinados pela diagonalizacao do Hamiltoniano do modelo de quarks. Devemos
notar apenas, que no calculo das amplitudes de decaimento forte a funcao de onda
espacial relativa tanto de mésons quanto de barions esta no espaco dos momentos
enquanto que as funcoes de onda discutidas no esquema variacional que usamos na
Sec. 2.3.3 e na Sec. 2.3.4 estao no espaco das coordenadas. No entanto, isso nao é
nenhum problema pois sabemos que a relacao da funcao de onda espacial no espaco
das coordenadas com a funcao de onda espacial no espaco dos momentos é uma

simples transformada de Fourier.
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Vamos introduzir agora, as defini¢des das razoes entre as amplitudes de decai-
mento. Comegaremos com o caso mesonico. Primeiramente devemos notar, que
as amplitudes mesonicas envolvendo os vértices mmp, KKp e DDp, no limite de
validade da simetria SU(4), satisfazem a seguinte relac¢ao

(N) ) _ i
hicko = hpp, = =5 (3.116)
onde devido a estrutura de spin e sabor das amplitudes de decaimento — ver Ta-
bela3.1, a ampliude 77p é duas vezes maior que aquelas envolvendo K Kp e DDp
tal como aparece na Eq. (3.116). Sendo assim, no limite em que a simetria estiver

quebrada podemos definir as seguintes relagoes

BV g
N = o) = —5 (3.117)
TR Qh/KKp a2=0 2gKKp
) g
(V) = (3.118)
g _ .
werbbe o) ey 2 gl
) (N) g(N)
o KKp _ KKp
I P (3.119)
DDp 9°=0 gDDp

onde € é o parametro de quebra, que serve para avaliar quanto a simetria de sabor
SU(4) é violada devido a presenga das diferentes massas dos quarks, e o indice N
foi introduzido para reforcar que os resultados numéricos foram calculados para um
certo numero de Gaussianas usado na expansao da funcao de onda dos mésons. Dessa
forma, nés esperamos que para um numero suficientemente grande de Gaussianas
os resultados numéricos para os parametros de quebra convirjam para um certo
valor. Na pratica, nds observamos que uma convergéncia muito rapida dos resultados
numéricos para esses parametros € obtida para um nimero pequeno de Gaussianas, a
partir de N = 6 Gaussianas. No entanto, estimamos os valores para esses parametros
de quebra usando um nimero um pouco maior de Gaussianas, em torno de N = 12

Gaussianas. Os resultados obtidos sao

eWN=12)  — 104 (3.120)
nrnp/KKp
eWN=12)  _ 198 (3.121)
wrp/DDp
eWN=12)  — 199 (3.122)
KKp/DDp

Esses resultados sugerem que a simetria SU(4) de sabor esta quebrada em torno
de 20% — 28%, quando comparada com o caso simétrico dado na Eq.(3.115). Na

Figura 3.3 mostramos o comportamento do parametro de quebra € em funcao do

72



niumero de Gaussianas. Podemos ver apartir da Figura 3.3 a rapida convergéncia

dos valores numéricos para os parametros de quebra ¢ a partir de N = 6 Gaussianas.

16 | e

— L ]
Lok T £
< L 4
5 A il
o 1.0 = —
8 J
o 08 E
o 2 ]
o
= 06 | a
° 8rmp/DDp
£ L
(g e SKKp/DDp T
s L ]

02 T Snnp/KKp

0,0 . 1 . 1 . 1 . 1 . 1 .

0 2 4 6 8 10 12

N° Gaussianas

Figura 3.3: Parametros de quebra para processos envolvendo mésons como funcao

do nuimero de Gaussianas.

Agora, estamos em posicao de discutir os resultados numéricos para os parametros
de quebra no caso onde barions estejam envolvidos. As expressoes analiticas para as
amplitudes bariénicas usadas na definigao destes parametros sao dadas nas Egs.(3.105)
e (3.106). Novamente, todos os resultados numéricos para esses parametros foram
determinados para ¢ = 0. Os resultados numéricos para os parametros de quebra
foram calculados para um ntmero menor de Gaussianas que o caso mesonico, em

torno de N = 6 Gaussianas

ggvj\]fvz(s) — 107 £(N=6) —1.08 (3.123)
©/NAsK NN=n/NYsK

V=6) = 120 eW=0 122 (3.124)
NN=/NAeD NN=n/NS.D

(N=6) = 112 €(N=6) =1.14 (3.125)
NAsK/NAcD NXsK/NXcD

Nas Figuras. 3.4 e 3.5 é possivel observar a sensibilidade dos resultados numéricos
como funcao do nuimero de Gaussianas Esses resultados claramente sugerem que
para o caso barionico a simetria SU(4) é quebrada em torno de 10% — 20%, o que

é um pouco menor que no €aso Mesonico.
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Figura 3.4: Parametros de quebra para processos envolvendo os barions A; e A,

como funcao do nimero de Gaussianas.
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Figura 3.5: Parametros de quebra para processos envolvendo os barions Y, and X,

como funcao do nimero de Gaussianas.

Antes de finalizarmos essa secao, nés devemos fazer algumas consideragoes sobre
o efeito que diferentes parametros de oscilador «, e ay podem ter sobre as amplitudes
de decaimento para o caso do vértice barion-barion-méson. Haviamos comentado

brevemente na Secao 2.3.4 que ao analisarmos o problema de trés corpos usando
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um potencial de OH, foi observado que para o caso em que as massas dos quarks
m, e m,. estavam envolvidas, as frequéncias de oscilacao associadas as variaveis p
e X diferiam entre si por um valor que dependia da razao entre as massas desses

My ~J

quarks, isto é, r, = . Mais precisamente tinhamos a seguinte relagao a3 =2
m,

c

1.4 af,. Essa é justamente a situagao que deve ser observada para o caso dos barions
charmosos, seja ele o A, ou o ¥.. Esse efeito foi aparentemente negligenciado ao
implementarmos o esquema variacional para o potencial do tipo Coulomb-tlinear.
Isso porque, em nossa funcao de onda “teste”, nds usamos o mesmo parametro de
oscilador variacional « para ambas as coordenadas de Jacobi. A razao para que
isso fosse feito, estava associada ao fato de que o uso de diferentes parametros de
oscilador em nosso problema complicaria sensivelmente o método de separacao de
variaveis usado. Sendo assim, é uma questao importante avaliar se a negligéncia
desse efeito pode ter alguma influéncia em nosso problema ou nao.

A maneira que encontramos para fazer isso, foi usar o potencial de OH no método
variacional onde as complicagoes angulares estao ausentes. Usamos para a fungao
de onda “teste”tanto dois parametros variacionais ay e «,, quanto um apenas o.
Uma vez feito isso, foi possivel recalcular as amplitudes de decaimento barionica e

com estas determinar as seguintes razoes entre amplitudes de decaimento

hnpa. (a) _ hyps, (04)
hnpa, (0% Oép) hyps. (04/\7 ap)

~ 1,01 (3.126)

para uma base com N = 6 Gaussianas.

A partir do resultado da Eq.(3.126), podemos concluir que apesar do modelo de
OH sugerir que os efeitos dos parametros variacionais a e «, sejam visiveis no es-
pectro de energia dos barions, eles sao extremamente pequenos quando considerados
nas amplitudes de decaimento e portanto nao introduzem nenhum efeito sensivel em
nossos calculos. Assim, nés achamos que seria um preciosismo desnecessario intro-
duzir mais esse efeito no calculo das func¢oes de onda “teste” dos barions para o caso

em que o Hamiltoniano do modelo envolva um potencial do tipo Coulomb+linear.
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Capitulo 4

Modelo de Quarks Inspirado na
QCD no Calibre de Coulomb

4.1 Introducao

Esse é um dos principais capitulos da presente tese. Nosso objetivo aqui sera formu-
lar um modelo de quarks a partir do Hamiltoniano da QCD no calibre de Coulomb
para investigar a interacao méson-barion. Nosso primeiro passo serd apresentar
uma breve revisao do formalismo Hamiltoniano da QCD no calibre de Coulomb.
Nos iniciaremos nossa discussao motivando o aparecimento de cada um dos termos
presentes neste Hamiltoniano. A seguir, nés iremos discutir o formalismo de Szcze-
paniak e Swanson para descrever a estrutura do vacuo da QCD. Uma vez feito isso,
nos iremos fazer contato com as simulacoes na rede que tém recentemente ofere-
cido uma parametrizacao para o potencial de Coulomb no infravermelho. Também
discutiremos uma possivel parametrizagao para a parte transversa Vp da interagao
que ¢é responsavel pelo desdobramento hiperfino do espectro hadronico. Por fim,
nos iremos discutir a formulagao do modelo de quarks constituintes a partir desse
Hamiltoniano no calibre de Coulomb. Esse modelo confina a cor, no sentido de
que somente estados ligados singletos de cor tém energia finita, e realiza a quebra
dinamica da simetria quiral. Dadas as massas dos quarks constituintes, que sao
obtidas a partir de uma equagao de gap, obteremos as massas dos barions e mésons
e também suas respectivas fungoes de onda pela diagonalizacao do Hamiltoniano do
modelo em uma base de fungoes de onda Gaussianas. Nosso objetivo final sera usar
essas fungoes de onda para investigar a interagao méson-barion e, assim, obter uma

estimativa para a quebra de simetria na interacao DN.
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4.2 Hamiltoniano da QCD no Calibre de Coulomb

Existem intimeras razoes que motivam o uso da formulacao Hamiltoniana da QCD
no calibre de Coulomb. Sem divida, uma das principais é o entendimento do pro-
blema do confinamento de cor [81]. No ambiente da QCD no calibre de Coulomb,
obtém-se um potencial atrativo entre as fontes que carregam cor. No entanto, os
glions, que sao os mediadores desta forga, estao ausentes do espectro de estados
fisicos conhecido. Estes dois aspectos nao sao muito bem descritos em calibres cova-
riantes. No calibre de Coulomb, ao contrario, eles coexistem de maneira confortavel:
A forga confinante é dada por uma interacao Coulombiana instantanea que cresce
para valores pequenos do momento tri-dimensional, enquanto que o propagador fisico
do glion transverso ¢ suprimido, o que reflete a auséncia de estados coloridos no
espectro fisico. Um outro aspecto extremamente interessante, é que no calibre de
Coulomb todos os graus de liberdade sao fisicos. Isso faz com que o formalismo Ha-
miltoniano seja muito semelhante ao modelo de quarks constituintes que discutimos
nos capitulos iniciais desta tese. Além disso, uma vez que o potencial instantaneo
de Coulomb possui uma interpretagao fisica que é analoga a interacao de Coulomb
da QED, ele pode ser usado para o estudo de estados ligados.

No que segue, nds iremos seguir os argumentos da Ref. [81]. Esses autores,
apresentam uma discussao do Hamiltoniano em termos dos campos dos quarks 1, v
e dos campos dos gliions transversos A%, com seu respectivo momento canonicamente
conjugado IT®. Além disso, os campos dos glions transversos respeitam um vinculo
adicional que é dado pela seguinte relagao V - A* = 0. Em completa analogia com

a QED, podemos definir um campo cromo-elétrico em termos dos campos A®

0A“

E* = — T —VA0a+gfabcA0bAc (41)
onde o campo cromo-elétrico é tal que satisfaz a lei de Gauss, ou seja
0A"
V.-E*+ 51 = g0, (4.2)

Na Eq.(4.2), a densidade de cor de quarks ¢ definida pela seguinte expressao

)\a
o=t T (43)

Se noés agora introduzirmos a definicao de derivada covariante na representacao
adjunta, ou seja
D™ =§"V +igTs A (4.4)

podemos reescrever a Eq.(4.2) da seguinte forma

D E"=gp! (4.5)
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onde nés usamos que T . = i f% e, além disso, estamos usando a convencao de

abc

soma sobre indices repetidos. Se decompormos o campo cromo-elétrico em termos

de suas componentes transversa e longitudinal, isto é
E*=E! —V¢° (4.6)
é possivel reescrever a Eq.(4.5) da seguinte forma
— (D™ V) ¢" = g (4.7)
Na Eq.(4.7) nés introduzimos a densidade de carga de cor completa, ou seja
p* = pg + Py (4.8)

onde a densidade de carga cor dos glions é: pg = f@E? - A°. E importante notar
que o campo escalar ¢* pode ser reescrito em termos da densidade total de carga de
cor por meio da seguinte expressao

1 ab
" = —g (V—D> Pb (4.9)

Em um caminho similar, podemos eliminar a componente zero do potencial vetor

fazendo uso da Eq.(4.2), ou seja
V.E*=-V DA% = V33" (4.10)

que leva a seguinte expressao

1 1 ab
0b _ R ve A b
AV =g { . (-V?) . ] p (4.11)

onde usamos a Eq.(4.9). Por fim, a evolugao temporal do potencial vetor A® é

determinada pelo campo transverso II* de acordo com a seguinte equagao

= - E* = % +g (1 - VV'ZV ) Fabe A% AC (4.12)
Uma vez a quantizagao canonica for implementada, o campo transverso II* torna-se
o momento canonicamente conjugado do potencial vetor A®.

A obtencao do Hamiltoniano a partir da Lagrangiana é feita por uma trans-
formada de Legendre. Nessa passagem, no entanto, termos proporcionais a (V¢)?
sao produzidos a partir das componentes longitudinais do campo E?, termos pro-
porcionais a g p, A° sdo produzidos a partir do vértice quark-glion, g Py? A% N0 /2

e além disso, também sdo produzidos termos proporcionais a gII? - AA% fabe da
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parte E, - % de E?. Uma vez esses ingredientes sejam todos combinados, e substi-
tuindo a expressao para A° de (4.11) nds entdo obteremos uma interacao instantanea

Coulombiana do tipo nao-abeliana dada por

1
He = 5/ I’z d*y p*(z) Kap(z, y; A) p°(y) (4.13)
com
_ g g
Kab(w7y; A) - <£C,CL|V . D (—V2) v - D|y7b> (414)

e onde a densidade de carga cor total é dada pela seguinte expressao
a a a Aa aoc (&
P =0+ Py = ¥ (@) T (@) + fAN ) - T () (4.15)

Adicionalmente, o momento gluonico conjugado transverso satisfaz a seguinte relacao

de comutagao

R S
[ A% (x), 11" (y) | = 16" (57 ~ v > (4.16)
Seguindo a notacao da Ref. [82], (x,a|...|y,b) representa os “kernels” dos opera-
dores integrais
(z,a|D|y,b) = [0V +g [ A%(x) ] (4.17)
Naturalmente, que no limite em que D — V
1 g2 5ab
K —q¢? — |y, b) = —— 4.18
=~ (el lut) = o (118)

nos resgataremos a interagao Coulombiana.

Um caminho de derivar uma Hamiltoniana quantica, é por meio de uma trans-
formacao do calibre no qual A° = 0 para o calibre de Coulomb e, como foi mostrado
pela Ref. [82], essa é similar a uma transformacao de coordenadas cartesiana para

coordenadas curvilineas, e gera um Jacobiano, o determinante de Faddeev-Popov
J =det(V-D) (4.19)

O determinante de Faddeev-Popov pode ser removido trabalhando com uma Hamil-

toniana modificada dada por
H— JYV*Hg71/*? (4.20)

que ¢ Hermitiana com respeito a (®|¥) = [ DA ®*(A)U(B)
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O resultado final para o Hamiltoniano da QCD no calibre de Coulomb, entao, é

dado pela seguinte expressao

H = H,+H,+H,+ Hc (4.21)

H, = /d?’:c\IJT(w)[—z’a-Verﬂ]\IJ(a;) (4.22)
1 3 —1 a a a a

H, = 5/ &’z [T 'Ep(x) - TE;.(x) + B*(z) - B () ] (4.23)

H, = —g / d*x J(x) - A(x) (4.24)

Ho = 5 [ [ @y g p@Kale )T/ ) (4.25)

A Eq.(4.21) encerra de maneira completa o Hamiltoniano da QCD no calibre de
Coulomb. No entanto, tal como esta escrita este Hamiltoniano possui uma série
de complexidades que torna impraticavel qualquer tentativa de sua diagonalizacao.
Dentre essas, estao a presenca do determinante de Faddeev-Popov e nao-linearidades
introduzidas pelos de termos de auto-interacao dos campos dos glion. Com o in-
tuito de tratar algumas dessas dificuldades, formalismos tém sido desenvolvidos na
literatura. Nas proximas duas segoes nés iremos discutir de forma sucinta dois de-
les. Nosso objetivo sera meramente o de apresentar as principais idéias que estao

envolvidas nesses formalismos.

4.3 Estrutura do Vacuo da QCD: Formalismo de

Szczepaniak e Swanson

O formalismo de Szczepaniak e Swanson ( SS ) é baseado na utiliza¢ao de uma técnica
padrao da teoria de muitos-corpos, a aproximacao de campo médio. No presente
caso, ela é aplicada para a obtencao do estado de vacuo da QCD. Trata-se de um
modelo para o setor gludnico da teoria. Mas especificamente, o formalismo comeca
introduzindo um Ansdtze Gaussiano para o estado de vacuo da teoria por meio da

seguinte expressao

D[A] = (Alw) = T exp [_% / (;lﬁ"); A° () w(k) A°(—k) (4.26)

onde a energia dos glion é dada por w(k), J é equivalente ao Jacobiano da trans-

formacao de coordenadas cartesianas para coordenadas curvilineas e a é um nimero.
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A funcgao de onda teste é determinada minimizando a densidade de energia do vacuo,

ou seja

5
—(w|Hw) =0 (4.27)

onde o parametro variacional ¢é a energia do glion w. Uma vez determinado w, |w)
fica determinado. Esses autores prosseguem a discussao expandindo os operadores
de campo A%(x) e II*(x) em termos de operadores de criagao e aniquilagao de glion,

isto é

afa d*k 1 * B o1 ek
A%(2) _/(%)3 o Lk Valk 00 €k ) al (k0 0] 47 (128)

M (x) = —i/ (gﬂl},\/@ [e(k, ) a(k, A, c) — € (k,\) ol (—=k, X, c) | e*7(4.29)

Os operadores de aniquilagao a sao tais que respeitam a seguinte relagao
alk, N\ c)|lw)=0 (4.30)

Devido a forma extremamente complicada do Hamiltoniano da QCD no calibre de
Coulomb a obtencao da equagao de gap para w(k) é uma tarefa ndo muito simples.
Isso ocorre porque a forma da fungao de gap depende de um conjunto de equacoes
integrais acopladas que descrevem a densidade de energia do vacuo e as interacoes
que sao usadas para obter esta densidade de energia. Para maiores detalhes ver
Refs. [81, 83]. O ponto relevante, para as discussoes desta tese, esta relacionada
com as solucoes que estes autores obtiveram do esquema variacional . Essas solugoes
foram obtidas tanto para w(k) quanto para Vo (k) = K®(k). Aqui K*(k) é o kernel
de Coulomb, que é o potencial de interagao entre as cargas de cor. Para oo = 1/2,
as solugoes para Vg (k) foram obtidas numericamente, e foram parametrizadas de

acordo com uma parte de longo-alcance (V}) e outra de curto-alcance (), ou seja [83]
Vo (k) = Vi(k) + Vi(k) (4.31)

onde as forma explicitas de V; e V; sao dados pelas seguintes equagoes

8ro

Vi(k) = yr (4.32)
dra(k)

Vslk) = — (4.33)

e com a constante “running” «(k) definida como

A
a(k) = T (4.34)

33/21n%/? <c+ e >
QCD
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Os parametros no potencial sao Ageop = 250 MeV, Z = 5.94, § = 121/12, ¢ = 40.68.

Um outro resultado extremamente importante do trabalho de Szczepaniak e
Swanson esta relacionado com o estudo a tempos iguais do propagador dos glions
transversos. De acordo com o Ansditze Gaussiano para o estado de vacuo da teoria
dado na Eq.(4.26), nés temos que

Dtr(k) _ 1

= 2000 (4.35)

onde o potencial transverso é determinado pela fungao w(k). O ponto central, foi
que esses autores mostraram que no infravermelho, k¥ — 0, a func¢ao w(k) é pouco
dependente do momento e ¢ determinada por uma escala de massa my. No limite do

ultravioleta,k — oo, a fungao w(k) cresce quase que linearmente com o momento.

4.4 Estrutura do Vacuo da QCD: Simulacoes de
QCD na Rede

A obtencao do Hamiltoniano QCD no calibre de Coulomb na rede também jé foi
discutida na literatura [47, 48]. Esse Hamiltoniano tem sido empregado, entre ou-
tras coisas, na investigacao da estrutura do vacuo da QCD. Nesse contexto, um dos
resultados de maior importancia foi a indicacao de que no infravermelho o propa-
gador dos glion transversos é finito e parece concordar uma férmula prescrita por
Gribov [84]. Esses resultados sao devido a Cucchieri e Zwanziger [85]. Formalmente,

o propagador dos gliion transversos a tempos iguais é dado pela seguinte expressao

Dii(z) = (5@‘]‘ _ VZVZJ ) Dr(z —y) (4.36)
= D"(z)=(w|T [Ai(m,t) AZ(0,0)} | w Y=o (4.37)
Sab / (5:)3 (5“’ — %) D' (k) e*® (4.38)

As simulagoes na rede implementadas pela Ref. [85] para D' (k), podem ser fitadas

pela funcao

tr _ 1
D' (k) = T (4.39)

onde E(k) = £/k* + M{, e Mg é a chamada massa de Gribov. O fato do propagador
ser finito para £ = 0 tem uma consequéncia importante, que é o anulamento do

potencial transverso que, por sua vez, indica a auséncia de uma escala de massa.
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E importante notarmos, que toda essa discussao foi motivada pelo que se conhece
como cenario de confinamento de Gribov. Em linhas gerais, de acordo com esse,
os glion confinados nao se propagam. E uma forma que Gribov concebeu para
que os glion nao se propagassem, foi uma fungao correlacao que se anule quando
k = 0. Recentemente os autores da Ref. [81], como foi comentado na segdo anterior,
estudaram o comportamento de glion transversos a tempos iguais e obtiveram um
resultado que indicava uma escala de massa no infravermelho. No entanto, esse
resultado, nao contradiz o cenario de Gribov apenas indica que a forma da fungao
de correlacao sugerida por Gribov seja diferente.

Um outro resultado da QCD na rede, foi feito em uma recente investigacao
do comportamento no infravermelho do potencial efetivo de Coulomb [49]. Esses
autores forneceram uma parametrizacao para o potencial de Coulomb no limite

k — 0 diretamente de simulacoes na rede, a partir da seguinte expressao

o 4nC
Vih) =T ¥

(4.40)

onde 0 = 552MeV? e C' = 6. Para chegar nesses resultados foi necessario fixar a
escala fisica das simulagoes numéricas. Isso porque, o espacamento da rede nao
é fixado a priori. Para maiores detalhes do procedimento usado para obter os
parametros envolvidos na Eq.(4.40) veja a Ref. [49]. O fitting que esses autores
usaram para fixar os valores de ¢ e C, na Eq.(4.40) descreve bem os dados na regiao
0.2GeV? < k? < 6GeV>.

Nos temos discutido, até aqui, importantes resultados obtidos recentemente na
literatura a cerca de estudos sobre a estrutura do vacuo da QCD. No entanto, para
as discussoes que serao feitas nas préximas segoes desta tese nds precisaremos de
alguns elementos adicionais que nem o formalismo de Szczepaniak e Swanson (SS)
nem as simulacoes na rede tem fornecido.

O primeiro ponto, esta associado ao fato de que a rede nao oferece nenhuma
parametrizacdo para o potencial dado na Eq.(4.40) para valores de momento maiores
que k2 > 6 GeV?. Isso corresponderia a parte de curto alcance (s) da interacio. Em
vista desse cendrio nés utilizaremos uma parametrizacao analoga a da solugao devida
a Szczepaniak e Swanson (SS), que consiste em tomar para k > m, a seguinte

expressao

C
Vi(k) = JERIEE [Tc+ 71:722}

g9

(4.41)

Os parametros C' = 8 e 7, = 1.41 sao escolhidos para que no limite em que k = my
os setores correspondentes as partes de longa e de curta distancias se conectem de

maneira suave.

83



Uma outra questao que devemos discutir agora estd relacionada com a parte
transversa da interagao de Coulomb. Nas discussoes tanto do formalismo de Szc-
zepaniak e Swanson (SS) quanto da rede (LTT), nao foi dada nenhuma parame-
trizagao para para o potencial Vi que possa ser empregada nesta tese. O resultado
obtido das simulagao na rede — ver Eq.(Ref. 4.39), por exemplo, é devido a uma in-

tegral no espaco Euclideano sobre a componente temporal do momento da seguinte

o [k 11
D7 (k) = / Cm) k2 + E2(k)  2E(k) (442)

Naturalmente, se existisse uma parametrizacao para os resultados numéricos para

forma

E(k), seria possivel utiliza-lo para definir o potencial transverso.

Sabemos, no entanto, da discussao feita na Sec. 2.3 sobre o modelo nao-relativistico
de quarks constituintes, que o potencial transverso tem implicagoes no desdobra-
mento hiperfino do espectro hadronico. Além disso, recentemente, os autores da
Ref. [42] fizeram um estudo onde foram utilizadas quatro diferentes formas funcio-
nais para V7 e suas influéncias sobre o desdobramento hiperfino do espectro mesonico
foi avaliada. O fato interessante é que essas interagoes diferiam entre si no limite em
que k — 0 (infravermelho), mas tinham o mesmo tipo de comportamento quando
k — oo (ultravioleta). O comportamento no ultravioleta tinha a mesma forma que
aquele, Vi(k), usado por Szczepaniak e Swanson na Ref. [81]. Em vista da auséncia
de um esquema mais elaborado para a determinacao de Vi, nés utilizaremos a mesma
abordagem da Ref. [42], ou seja, usaremos para a parte transversa do modelo (SS)
que VT(SS)(k‘) = Vi(k). J4 para a parte transversa do modelo (LTT) nds usaremos
uma expressao que interpola entre uma Yukawa e o comportamento no ultravioleta

de Szczepaniak e Swanson, isto é

47 ap

(k2 + md) In'42 [TC + %]

VI () = (4.43)

onde os parametros ar, mZ e T sao ajustdaveis. No entanto, nao hd uma grande
liberdade para a variacao destes, eles sao ajustados para que os valores dos ob-
servaveis quirais sejam razoaveis. Os detalhes desse ajuste serao discutidos no

préximo capitulo.

4.5 Modelo de Quarks com Quebra Dinamica de
Simetria Quiral

O modelo nao-relativistico de quarks constituintes (MNRQ) ¢ muito bem sucedido

na descricao de inimeras propriedades da fisica hadronica. Na Sec. 2.3 nds apresen-
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tamos o que talvez seja uma de suas previsoes mais importantes, que é o espectro de
massas de barions e mésons. Apesar de termos focado nossa atencao no estado fun-
damental desse espectro, o MNRQ também fornece resultados extremamente bons
para estados em ondas mais altas, e tem se mostrado uma excelente abordagem para
tratar com estados exéticos como glueballs e hybrids. Além disso, a partir do modelo
nao-relativistico de quarks é possivel estudar processos dinamicos tais como espa-
lhamentos e decaimentos. Isso permite avaliar, entre outras coisas, como a interagao
confinante usada no modelo trabalha.

No entanto, o MNRQ possui intimeros aspectos que o tornam fragil do ponto
de vista conceitual. O mais dramatico desses aspectos estd associado ao fato de
que esse modelo é claramente inabil em explicar a origem das massas dos quarks
constituintes, que é um dos ingredientes fundamentais do modelo. Em nossa dis-
cussao na Sec. 2.2 nds argumentamos, ao menos qualitativamente, que a massa dos
quarks constituintes é gerada pela quebra de uma simetria aproximada que o setor
fermionico da Lagrangiana da QQCD possui, chamada simetria quiral. Trata-se de
um fenémeno dinamico de natureza nao-perturbativa, que além de explicar a massa
desconcertantemente pequena dos pions, permite que se entenda porque os quarks
constituintes sao mais massivos que os quarks de corrente que aparecem na Lagran-
giana da QCD. Entretanto, no MNRQ as massas dos quarks e as interacoes sao
especificadas independentemente no modelo.

Em vista desses fatos torna-se um ponto extremamente relevante que o modelo de
quarks constituintes seja aprimorado, e incorpore explicitamente os efeitos da quebra
dindmica da simetria quiral (DySB). Além disso, um requisito adicional seria que
o setor gluonico do modelo pudesse ser obtido em um caminho mais sistematico
a partir de esquemas mais proximos da teoria fundamental, a QCD. Dessa forma,
talvez fosse mais transparente entender como tanto o mecanismo de confinamento
quanto os efeitos da DySB se manifestam no espectro de barions e mésons.

Os requisitos discutidos acima sao preenchidos se formularmos o modelo de
quarks a partir de um Hamiltoniano efetivo inspirado no Hamiltoniano da QCD

no calibre de Coulomb, ou seja

H = / o W (@) [ ~iex -V + Fmg] Wa) — / dz dy (@) Vo (| — ) ()

5 [ dwdy @ Ve - ) Zw) (4.44)

onde U(x) é o operador de campo dos quarks (com os indices de cor e sabor su-

primidos), mg ¢ a matriz de massa dos quarks de corrente, e p*(x) e Jf(x) sao as
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densidade de carga e de corrente, dadas por

pl(x) = Ui(x)T*V(x) (4.45)
Jix) = Ul(x)T" ;¥ (x) (4.46)
comT*=\*/2,a=1,---,8, onde \* sdo as matrizes de de Gell-Mann. O conteido

do Hamiltoniano da Eq.(4.44) é muito claro: Primeiro termo descreve a energia
cinética do campo dos quarks, Vo (| — y|) é interpretado como o potencial ins-
tantaneo de Coulomb e V¥ (|z — y|) é o potencial hiperfino de glion transversos
cuja estrutura é da forma

Vivi
VQ

Ville -y = (89 - S5 ) Valle ~ vl (1.47)
O Hamiltoniano efetivo é completamente determinado uma vez os potenciais Vg e
Vr sejam especificados. Naturalmente que agora a escolha desses potenciais nao
¢é arbitraria, e segue um caminho sistematico tal como foi discutido na Sec. 4.3 e
Sec. 4.4. Uma das propriedades desejaveis que esse Hamiltoniano possui é que ele
realiza a quebra dinamica da simetria quiral (DySB) e confina cor.

Nosso objetivo nesta segao sera desenvolver um modelo de quarks constituintes
que permita estudar em um caminho unificado tanto a estrutura quanto as interacoes
hadronicas. A base desse modelo serd o Hamiltoniano dado na Eq.(4.44), com os
potenciais de interacao Vo e Vp apresentados na Sec. 4.3 e Sec. 4.4. Nesse mo-
delo de quarks constituintes, os barions no estado fundamental sao estados ligados
compostos de trés quarks e os mésons sao estados ligados compostos por um quark-
antiquark. As massas desses quarks constituintes sao geradas pela DxSB. A mesma
interacao envolvida nessa geragao de massa também é usada para obter as fungoes
de onda de estado ligado para os mésons e barions. Uma vez que esses ingredientes
que descrevem a estrutura dos hadrons estiverem determinados, é possivel utilizar
o mesmo Hamiltoniano para descrever a interacao hadron-hadron. Essa abordagem
tem como grande vantagem o fato de que todos os parametros envolvidos sao de-
terminados pelo préprio modelo, ou fixado diretamente da QCD. Esse é um aspecto
importante pois minimiza a liberdade de ajuste de parametros. Sendo assim, no
restante desse capitulo nds desenvolveremos os detalhes quantitativos do modelo
descrito acima.

O primeiro passo sera obter explicitamente a massa dos quarks constituintes a
partir do Hamiltoniano da Eq.(4.44). Nés partiremos da abordagem de Bogoliubov-

Valatin para discutir a DxSB. Primeiramente, expandimos os operadores de campo
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de quarks em uma base de ondas planas, ou seja
dp — p-r
V@)= [ G S e p) + ()il e” (4.49

onde os espinores u e v sao escritos como

1
us(p) = \/M( Xs (4.49)

2F, o
Ep+M,
_Ea.%
E, + M, ptMy .
vs(p) = \/—”2 7 £ ( X (4.50)
P 1
com
E, = \/1? + M? (4.51)

onde M, é a funcao de massa dos quarks constituintes, x, é o espinor Pauli, e

XS = —io?xt. Os operadores q¢l(p), ¢/(p), @(p), e Gs(p) sdo os operadores de

S

criacao e aniquilacao de quarks constituintes, isto é
¢:(p)[) = 0 (4.52)
7:(P)[) = 0 (4.53)

onde |Q2) é o estado de vacuo em que a simetria quiral estd quebrada dinamicamente.

E além disso, satisfazem as usuais relagoes de anticomutacao
{a:(p),d} (@)} = (@), dL ()} = d5d(p — ) (4.54)
{4:(p), 9+ (M)} = {@(p), 3 (P) } = {4s(p), 3+ (P') } = { @:(p), 4\, (P') } = 0 (4.55)

Isto é, quando my = 0 o Hamiltoniano na Eq.(4.44) é quiralmente simétrico mas o

estado de vacuo quebra essa simetria
(QTW|Q) #£ 0 (4.56)

A funcao de massa dos quarks constituintes, M,, dependente do momento é deter-
minada da seguinte maneira. Primeiro, vamos reescrever o Hamiltoniano dado na

Eq.(4.44) em uma forma mais compacta, ou seja

1= [ dwvi(@)[~ia- V4 5mo | W(a) + 5 [ dody Ji@) Dl (e~ ) (o)
(4.57)
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onde usamos as defini¢oes
Dz —yl) = Vellz—yl)  Jj(z) =9 (@)5¥(x) Tg=T" (4.58)
Dile—y) = Vi(lz —yl)  Ji(x) =V (@)Ti¥(z) Tf=T"a; (4.59)

Agora, vamos substituir os operadores de campo ¥ da Eq.(4.48) e o seu corres-
pondente conjugado ¥ na Eq.(4.57), e usar o teorema de Wick para deixar esse
Hamiltoniano ordenado normalmente com respeito aos operadores de quarks cons-

tituintes. Esse procedimento leva o Hamiltoniano a seguinte forma
H=&+H,+ H, (4.60)

onde £ é um c-number, a energia do estado de véacuo, e Hy e H, contém termos
ordenados normalmente bilineares e quadrilineares nos operadores de campo dos
quarks W, respectivamente. A forma especifica de cada um desses termos é dada

por

£ = /d?’:c :\IIJT(w)[—ia~V+6m0]\Ilf(zc):

5 [ dady Vi@Tv@D (o - s) V@) @)

Hy, = /d% Ul (x) [—ia- V + Bmg | U(x) :

b5 [ ey Vi@ @D (o - y) Vi) Y)
g [daay: V)T @)Dl (e )W )TV ) - (162)
Hi = [dady: Vi@Du@Ds e - ) Ve :  (16)

Nas Eqs.(4.61), (4.62) e (4.63) as contracoes de Wick entre os operadores de campo
dos quarks sao dadas pelas seguintes expressoes

/gl / ! d3 1 5
\Ifgﬁ(y)\lfgf (x) = 5 5ff / p [Ef —a-p— BMzﬂaﬁ e (z—y)

[ (2m)3 2pf =P
g d3p ,
cc sff f ip(z-y)
=00 /—(27r)3 [A_(p)} i e (4.64)
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/! f! / ! d3 1 :
S (VT () = 5§77 p f e 1 (@)
el (y)vs (@) = 66 /(2@3 257 [B) +o-p+BM] ;e
’ ’ d3p ;
— g 5 / [Af } ip(z—y) 4.
(271')3 —i—(p) of e ( 65)

Nas equacgoes acima, nos introduzimos as defini¢goes dos projetores de energia posi-
tiva e negativa Ai e AL , que satisfazem, A{; +A7 = 1. E além disso, nés retornamos
com os indices de sabor e cor nas expressoes. Por simples conveniéncia, vamos rees-

crever os projetores entre colchetes nas Eqgs.(4.64) e (4.65) em termos das seguintes

quantidades
M
sin(¢)) = —F (4.66)
Ep
o= P
cos(p)) = 5] (4.67)
dessa forma nés obteremos expressoes em termos da funcao gb;j
1 . A
Ai(p) =3 [1+B 51n(¢£)+a-pcos(¢£)] (4.68)
1 . .
A’i(p) = 5[1—Bsm(¢£)—a-pcos(¢£)} (4.69)

onde ¢ é o chamado angulo quiral. A partir desses resultados, nao é dificil mostrar
que, uma vez realizadas as contragoes de Wick, o termo associado a energia do
estado de vacuo &£ pode ser escrito da seguinte forma

c - of Enlwmierein]

2 [ SRS [AL I @)] Vellp - a)

s déj:ig Te [ AL (p) o'A (a) | Vis(lp — al) (4.70)

Se agora, reescrevermos a Eq.(4.70) em termos apenas de A’i(q) € minimizarmos a
energia do estado de vacuo com respeito ao angulo quiral, ou seja
o0&
— =0
0 Pp

noés obteremos a equagao de gap para os quarks constituintes, que pode ser escrita

(4.71)

em termos de EJ e M/ ao invés de sin( ¢/ ) e cos( 7))

M=l + 3 [ S w0 Velp—a) +2 ol .0 Velp—a)] (47
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onde para facilitar a notacao nds introduzimos as funcoes do momento f{ e g{ defi-

nidas da seguinte forma

M M

f e A 2 S 4.73

fi(p, q) 5 E({pp q (4.73)
M M oy 2 2

olpa) = ~b4 2d@a-r)P9-7) (4.74)
El  Elp pqlp — q|

Usando a equacao de gap em Hs, na Eq.(4.62), ela pode ser colocada na forma

diagonal

= [ @pe, 3 [dpatp) + 4 (P)e)] (4.75)
onde a energia dos quarks constituintes ¢, é¢ dada por

2 I arf 3
gty (2[ D ry _ s _
€ 5 3 (zﬂ)g[fg(p,q)%(lp al)+2 g:(p, ) Vr(lp q|)} (4.76)

onde

M MT
f p g p q
q) = .4 4.77
f2(p q) Eg E({ E;]; E({ ( )

M5 MS 2 2
o(pg) = ~roiy @ d-P)® 4 7) (4.78)
Ep Eq EyEqlp — q

A equagao de gap em (4.72) é uma equagao integral auto-consistente para a variavel
Mg . Essa equagao s6 pode ser resolvida numericamente e para que isso seja im-
plementado, é razoavel que antes, uma anélise cuidadosa nos limites assintéticos de
suas solucoes sejam feitas afim de que possiveis divergéncias sejam tratadas. No en-
tanto, iremos analisar essas solucoes no ultimo capitulo desta tese, que sera dedicado
ao estudo numérico das equagoes.

4.5.1 A Massa dos Mésons

Uma vez obtida a fungao de massa dos quarks constituintes, nosso proximo passo
sera determinar as funcoes de onda de estado ligado e as massas dos mésons. Em-
pregaremos o método variacional idéntico ao desenvolvido na Sec. 2.3.2. Para isso,
partiremos do termo Hy dado na Eq.(4.75) junto com o termo H4 dado na Eq.(4.63)

1= [ #pe,[d(Patp) + d(p)a (o)
b [ Eody V@@L (o -y VYY) @)
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Se retornarmos com os indices de sabor e cor no Hamiltoniano acima, nés podemos
reescrevé-lo em uma forma mais compacta e 1til, de maneira aquela que fizemos na
Sec. 2.3.1 na Eq.(2.99). Naturalmente, que nao iremos repetir todos os passos que
fizemos naquela secao, mas é possivel mostrar que podemos escrever o Hamiltoniano

COo1mo

L1
H = e(u)gyau+e()aG + 5 Vao(1; 00) )0 0500

1 L L
+ Va0 p)qa 3 + Vaa (s 0)a}33000 (4.80)

Aqui, € é a energia de particula tinica dos quarks e anti-quarks dada na Eq.(4.76)
e os indices u,v,0 e p designam os numeros quanticos espaciais, cor, spin e sabor
dos quarks e antiquarks, {p,c,s, f}. Além disso, estd implicita uma soma e/ou
integracao sobre indices repetidos.

Para determinarmos as formas explicitas de Vj; e V,, nés seguimos o mesmo
procedimento feito na Sec. 2.3.1. A unica modificagao, é que agora a massa do quark
constituinte que entra nos espinores us(p) e vs(p), como também nas energias Eg ,
que naquela instancia foi colocado & “mao”, agora é uma funcio do momento Mf —
Mg , sendo solucao da Eq.(4.72). Isso, em principio, torna a forma das equagoes para
Vag € Vg extremamente complicadas. No entanto, na determinagao da massa dos
barions, como também na dos mésons, os principais ingredientes sao, as fungoes de
onda dos hadrons envolvidos e os potenciais de interacao Vi e V. Basicamente,
estaremos interessados nos estados de mais baixa energia do espectro de hadrons.
Para esses estados, as amplitudes 1 e ¢ sao dominadas pelas componentes de baixos
momentos. Isso significa que as amplitudes 1) e ¢ decaem rapidamente para valores
altos de momento, de tal modo que as componentes de altos momentos nas integrais
que envolvem os espinores us(p) e vs(p) s@o fortemente suprimidas. Esse é um fato
extremamente importante, pois ele nos habilita a fazer uma aproximacao em nosso
esquema de calculo que apesar de nao ser extremamente necessaria, permite que
uma sensivel simplificacao nos calculos seja obtida e resultados analiticos possam

ser obtidos. Essa aproximacao consiste em expandir M, em série de Taylor como
M, =M — M;p— Myp*+ O(p?) (4.81)

de tal forma que nos espinores u,(p) e vs(p) somente termos da ordem O(p?/M?)

sejam retidos, ou seja

1_ P> _op
~ 8mf, . o 2my c 4.82
us(p) o Xs  vs(=p) e (4.82)



onde m; é o primeiro termo da Eq.(4.81). O efeito dessa aproximagao é fazer com que
as expressoes obtidas para V,z e V, sejam muito parecidas com as que determinamos
nas Eqgs.(2.86) e (2.88).

O Hamiltoniano microscopico do modelo esta completamente determinado. Dessa
forma, podemos utiliza-lo para calcular a massa dos hadrons e também as interagoes
microscopicas que serao usadas para estudar problemas de espalhamento. Estas duas
quantidades, no entanto, sao essencialmente dominadas pela onda-S. Isso indica que
termos proporcionais a angulos sao suprimidos. Além disso, é um fato conhecido
na literatura, que no contexto do modelo de troca de um glion (OGE), de todas a
contribuicoes da interacao de Breit, apenas aqueles termos que dependem de ¢? e de
spin-spin sao importantes para a interacao hadron-hadron. Para maiores detalhes
ver por exemplo as Refs.[86, 87]. Como na presente tese, estamos trabalhando com
um modelo de quarks cujas escalas de massa sao da mesma ordem que no modelo
OGE, nas expressoes para V; e V, nés s6 estaremos interessados apenas nos termos
que dependem de ¢? e de spin-spin. Sendo assim, as componentes do potencial de
Breit que usaremos sao

g} = 09 (q—q') (F*)" (F*)"" v(q) (4.83)

onde ¢ = p, — P, € ¢ = p, — p,. Além disso, na Eq.(4.83) o potencial v(q) é

definido pela seguinte equagao

2q2

v(q) = Velq) + gmssusg - 84,5, Vr(q) (4.84)

com o setor de cor, dado pelas matrizes de Gell-Mann, respeitando a seguinte relagao

A para quarks,
F = (4.85)
para antiquarks.

Para o calculo da massa dos mésons nds procederemos da seguinte maneira. Pri-
meiramente, iremos pegar o setor do Hamiltoniano dado na Eq.(4.80) que envolva

quarks e antiquarks

1 L
Hy = e(0)aign +e()aa + 5Vaa(lv; 0)a} 00000 (4.86)

Uma vez tendo definido o Hamiltoniano, nds partiremos da seguinte equagao para

computar a massa dos mésons
(Bl Heg| B )s=pr = Es( BB )s=p' (4.87)
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aqui o indice § designa de maneira compacta os niimeros quanticos que caracterizam
o méson, ou seja, [ = { spin, isospin, espago}. Agora serd necessério definir o estado
de um méson em nosso formalismo de segunda quantizacao.

O estado de um méson ¢é descrito em termos de um operador de criacao M g
8) = M|0) = ®5"qlql|0) (4.88)

E importante notar que o operador M g atua sobre um estado de vacuo quebrado
quiralmente. A funcao de onda total de um méson em termos de graus de liberdade
de quarks é, ( ver a Eq.(3.24) )

nv gencr ﬁuﬁu
q)ﬂ = \/g CI)P(p,uapu> (489)
Por simplicidade substituimos CC”C” % A parte espacial é definida a partir da
seguinte combinagao linear
P(Py, D) Z a, D5 (p,i, o) (4.90)

Nesta tese, estaremos usando para a funcao de onda relativa o seguinte Ansdtze

Gaussiano
) (pps) = 6(P —p, —p,) 6" (P ) (4.91)

com

1 % 7[”"1 Pu ]”Vn2pu}2
i (4.92)

(b(n) (pm pu) = [W e 86n

Os parametros usados na definicao da funcao de onda espacial relativa dos mésons

~ A . N ~
sao o parametro de escala do oscilador Bq(l ) =n (% e as razoes de massa

2M~
my = —na_ (4.93)
mq+mq
2
me = ——4 (4.94)
mq+mq

Os parametros (3 e a,, serao determinados a partir de um esquema variacional. Agora,
usando a Eq.(4.88) obtemos

(B1B) = @F"®4" (013,q.q)d.,10) (4.95)
= Opp /d3P1 d*p2 p(p1, p2) e (p1, P2) (4.96)
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Usando a Eq.(4.90) em (4.96) é imediato obtermos, no limite em que § = f', a

seguinte equacao

N N
<6 ’ 5/ >ﬁ=ﬁ/ = Z Z Cl:; Ay Onn/ (497)

n=1 n/=1

onde por conveniéncia nés introduzimos uma matriz que chamaremos overlap

Opn = /d3p1 d*ps ‘I)g)*(Plapz) q)gg,')(phm) (4.98)

Nosso objetivo, agora, sera calcular os elementos de matriz do Hamiltoniano, lado
esquerdo da Eq.(4.87). E para isso, substituiremos (4.88), e seu adjunto, nesta

equacao
(B Hg|B') = ®" e(u) @4 (0/6,q.4q. ! 10)
+BY e(v) ¥ (0140, 4’ [0)
+ @g‘”’ Vig(uv; op) \I’Z:y/ (04,9, 4}, ijngL@I/ 10) (4.99)

Assim, apds realizarmos as contragoes entre os operadores de criacao e aniquilagao,

obtemos o seguinte resultado
(5] Hyg | ') = ®F () D + @ () D + & Vgl 0p) W (4.100)

Nosso ultimo passo serd computar cada um dos termos que aparecem na Eq.(4.100).

Vamos comegar pelo termo envolvendo a energia de particula tnica
(e(n)) = 5" e(u) @l (4.101)
Se substituirmos em (4.101) a Eq.(4.89), nds teremos o seguinte resultado

N N
(e(i) =0spr > Y ahaw / &py d®py @3 (p1,ps) €l 35 (p1,p2)  (4.102)

n=1n'=1
E analogamente para a antiparticula, nés teremos que
N N
<€<l/) > = (56@/ Z Z (l:;an/ /d3p1 d3p2 q)(gb)*(pl, pg) 5{)22 CI)(IZ/)(pl, pg) (4103)
n=1n/=1

Para o termo envolvendo a interagao quark-antiquark, nés iremos usar as Eqs.(4.83)

e (4.84). Sendo assim vamos calcular o termo potencial da Eq.(4.99), ou seja

(Vaa(pwsop) ) = @ Vig(uv; op) 57 (4.104)
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Ao substituirmos na Eq.(4.104) a defini¢cao dada em (4.89), nés obteremos que

1 c3C4 SCLC A? e )\aT . *
(qu(MV;UP)>=§5“5”(7) <— 5 ) X

X / d*py d*ps Pp(p1. p2) ©pr (p1,P2) Ug(q@) X5 (4.105)

No6s podemos ainda reescrever a Eq.(4.105) em termos da Eq.(4.84), ou seja

4
<ch7(ﬁ“/§0p>> = -3 d3p1dgpz@}(plapﬁ(ppf(ph%)
3
v Vel +2—C (5.8, vi(y) (4.106)
c\q 3mf1mf2 1 2) vVr\q .

Apenas por completeza, na passagem da Eq.(4.105) para a Eq.(4.106) ndés usamos

1 @ c3c1 )\aT Cac2 4
_§€3Cq4 SC1C2 _ —_ = —— 4107
300 ( 2 ) ( 2 ) 3 (10D

e além disso, a partir de agora nds iremos usar a seguinte definicao

o seguinte resultado

(S182) = X5 Sepsy + Souse X5° (4.108)

Podemos, neste ponto, substituir na Eq.(4.106) a fungao de onda de um bérion dada

na Eq.(4.90), para obter o resultado

4 N
(Vagpviop)) = 3 Z Z a, Gn'/d3p1 d3p2(1)( “(p1,p2) ‘I)gw)(phpﬂ
v Ve +2—C (8.8, Vo) (4.100)
c\q 3mf1mf2 1°02)Vrigq .

Por fim vamos juntar as Eqgs.(4.102), (4.103) e (4.109), no limite em que = [, e
reescrever a Eq.(4.99) da seguinte forma

(Bl HeqlB') Z Z Ay Qi /d3p1 dpy O3 (1, p2) HY © (p1,p2)  (4.110)

n=1n'=1
onde introduzimos

, 4 2 ¢
99 _ f1 f_ 21y z
H o T 3 { cla) + Imymy,

Por conveniéncia vamos definir uma matriz Hamiltoniana, da seguinte forma

= / dpy d®py D3 (p1, p2) HU ) (p1, p2) (4.112)
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de tal modo que teremos

N N
(BIHT|B)=>"Y a} ay HY, (4.113)

n=1 n/=1

3

Finalmente, vamos agora substituir as Eqs.(4.113) e (4.97) em (4.87), e obter
depois de um simples rearranjo que

N N
> D @ aw [Hity — EsOur ] =0 (4.114)

n=1n'=1
A partir do resultado acima, junto com a condi¢ao que da’ # 0, nds obteremos a

conhecida equacao de autovalores

H?Lq, Qpr = FE O,m/ [07%] (4115)

n

Como estamos usando Gaussianas para a parte espacial da fungao de onda, nds
podemos computar tanto a matriz overlap quando a matriz Hamiltoniana de maneira
imediata, para isso basta usar as Eqgs.(4.91) e (4.92) e logo a seguir realizar as

integrais nas variaveis de momento. O resultado desse procedimento, para Pz = 0

sera,
3 3
. 2 2l (n+n) 12 [ . 2 M 2 M2
Hgg’b’ = |: 2 / :| |: ( 2 )/ :| /dSP pf +mf1 ch) + pf —l—me ?
B (n+n') 27 % (nn') Ep' Ep'  Ep’ Ep’
e 9T o 120 (n4w) |2 [ dPadp |, ;
X 2(nn! - . 2
€ N+ 3 [5]2\7(” + n/):| [271’5%,(7171’)] / (271_)3 f2 (pv Q) + f2 (pa Q)
e N — e N —
clip—4 318%(n+n)] |278%(nn) (2m)3
/ 2(p—q)° e — )y
Xgy' (P, @) + 97 (P, @) — = ——(81 - Sa)e "% | Vp(lp — ql)e *"°N (4.116)
3 My My,

onde Cy; é uma constante necessaria, e expressa a inabilidade do modelo em lidar
com uma escala de energia absoluta para energia. Uma tal constante foi levada
em conta na Sec. 2.3.2 para obter uma boa descricao do espectro de massas dos
mésons. Em nosso modelo de quarks, seja (SS) ou (LTT), o valor usado para essa

constante foi de Cy3 = 1 GeV. E por completeza, o termo associado a matriz overlap
da Eq.(4.115) é dado por

[SI[9)

Oppr = {m} (4.117)
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J4 as funcoes §(p. q), g} (p, q) foram definidas nas Eqs. (4.77) e (4.78). Devemos
notar que devido a forma extremamente complicada dos potenciais de Coulomb e
transverso, nao é possivel determinar os elementos de matriz do Hamiltoniano de
forma completamente analitica e, por isso, as integrais restantes serao determinadas
numericamente. Uma vez essas integrais sejam calculadas, nés usaremos o mesmo
método numeérico da Sec. 2.3.3 e Sec. 2.3.4 para resolver o problema de autovalores da
Eq.(4.114). Os resultados numéricos dessas simulagdes para os mésons de interesse
nesta tese serao apresentados no capitulo 6.

Algumas observagoes importantes devem ser feitas neste ponto. Na equacao para
o Hamiltoniano que serd usado para calcular a massa dos mésons na Eq.(4.116), esté
presente a interacao de confinamento Vi, que é divergente no infravermelho. Mas
o fato notavel a ser observado, é que esta contribuicao divergente vem tanto da
energia de particula tnica Eg , quanto da energia de interacao. E esses termos sao
tais que, para estados singleto de cor, elas se cancelam exatamente. Para ver que
esse cancelamento realmente acontece, basta notar que quando p — g, ponto em

que a integral se torna fortemente divergente, nés temos que

MM p o p
1 ph + i ph
Ep Ep Ep Ep

f2' (P, D) (4.118)

M2 M2 P P
2 P P
p) = +2 2 4.119
f2 (p p) E;;Q EZJ;Z E;J;Q E;J;Q ( )

__(p—p)?

e RN 5] (4.120)

Dessa forma ¢ facil ver que os termos que multiplicam Vi se anulam identicamente

para qualquer nimero de Gaussianas que sejam usadas, ou seja

__(p—a)?

' (p.q) + 2 (p,g) —2e "N Ve = [14+1-2| Ve (4.121)

Naturalmente, trata-se de um delicado cancelamento numérico de duas divergéncias.

4.5.2 A Massa dos Barions

No céalculo da massa dos barions sera necessario apenas o setor do Hamiltoniano

dado na Eq.(4.80) que envolva quarks, ou seja

1
Hy = e(u)QLqu+§%q(/~tw0p)q,ﬂqiqpqa (4.122)
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Para determinarmos explicitamente essa massa nos partiremos da seguinte equagao
(a|Hygla Yoz = Bo{ @] @ oz (4.123)

onde o indice o designa de maneira compacta os nimeros quanticos que caracterizam
o bérion, ou seja, & = { spin, isospin, espac¢o}. Temos a condigao adicional de que ao
final dos cédlculos dos elementos de matriz devemos fazer o = o/ e também tomar o
momento de c.m. P, = 0.

O estado de um bérion ¢ descrito em termos de um operador de criagao B,

1
) = BI[0) = —= Wi gf q] g, [0) (4.124)

V3!

onde v/3! é um fator de normalizacio. A funcio de onda total do bérion é

1
PHkaks — e 315253 Up(p1, pa, P3) (4.125)

VETA

onde a parte espacial é definida a partir da seguinte combinacao linear

N
Up(p1,p2.p3) = Z A ‘I’gn)(PbP%Pza) (4.126)
m=1
Nés estaremos usando para a fungao de onda relativa o seguinte Ansdtze Gaussiano
U0 (p1, pa, ps) = 6( P — p1 — P2 — ps ) "™ (D1, P2, D3) (4.127)
com
3 i L [Plfpzr — v [mﬂ:z*?mrmr
™ (py, P, ps) = [W} e 2L VB g DL VB (4.128)
Om
onde os parametros usados na definicao da funcao de onda espacial relativa dos
‘i 5 A : (V) _ 2 x
barions sao o parametro de escala do oscilador as, © = maj e a razao das massas
dos quarks leve m; e pesados my,
3
w, = —— 4.129
14 2r, ( )
= (4.130)
mp,

onde « e d, serao determinados por meio do método variacional. Mas nesta tese,
estaremos interessados apenas no nucleon que possui m; = my = m,,.

Vamos iniciar nosso calculo a partir do lado esquerdo da Eq.(4.123)

(ala') = WP (0lg,,4,, 4 4) 4. 4l 0) (4.131)
S R I T (4.132)

= Oaa’ /d3p1 d&*py ®ps Up(p1, P2, P3) Yo (D1, P2, p3)  (4.133)
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Depois de substituirmos a Eq.(4.126) na Eq.(4.133) nds obteremos o seguinte resul-

tado
N

N
(o] o) ZZ * iy Oy (4.134)

onde por conveniéncia nés definimos a segumte matriz overlap

Omm/ :/d3p d3p2 d3p3 \Ij N <p17p27p3) \IIED’/)(plap%pB) (4135)

Nosso préximo passo sera calcular os elementos de matriz do Hamiltoniano do
lado direito da Eq.(4.123), ou seja

(o Hygla') = W o) WA (010,1,u,00 a0l a1, 10)

1 " ’ v
o G Vg (s o) Wl (016 Ga 0y ahaldp40 ), b, al, 10)

(4.136)

Depois de realizarmos as contracoes entre os operadores de criacao e aniquilagao nos

obteremos a seguinte expressao
(] Hyg| o) = 30805 <) WEIP 4 320V, (s o) WP (4.137)

Nosso ultimo passo agora, sera computar cada um dos termos que aparecem na

Eq.(4.137). Vamos comegar pelo termo envolvendo a energia de particula tinica
(=) ) = BWL o(p1y) Wik (4.138)

Se substituirmos na Eq.(4.138), a fungao de onda de um barion, dada na Eq.(4.125),

nos teremos como resultado a seguinte expressao

N N
(e(m)) = 35aa’2 Z dfndm/ d’pyd’p, d?’pa‘lf%”)*(pl,pz,pg)é{}l‘lfﬁi? )(p1,p2,p3)

m/=1m=1

(4.139)
Para o termo potencial vamos partir da seguinte equagao
(Vagpviop)) = 3WIH Voo (v op) W™ (4.140)

onde nés iremos usar para a interacao de Breit as Eqgs.(4.83) e (4.84). Se agora,
nés substituirmos na Eq.(4.140) a defini¢ao de funcao de onda total do barion, ver

Eq.(4.125), nés obteremos que

3 C4C3C _C2C1C )\2 e )\2 o 1 £4§3£
(Vag(pvsop)) = g & e 5 5 Ofafa Ofsh 7o 15 Xa

X /d3p1d3p2d3p3 \Ij;’<p17p27p3)\IIP/(pprapS)U (q) Xfﬁflg (4.141)
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Essa expressao ainda pode ser reescrita explicitamente como

(Vag(pvyop)) = =2 / &*p1d*pad®p3 Vs (p1, P2, P3)V pr (D1, P2, P3)
o Ve 2L (8.8 va(q) (4.142)
c\gq 3mf1mf2 1 2) Vrlgq .

onde por completeza, nds devemos notar que na passagem da Eq.(4.141) para a

Eq.(4.142) foi usado o seguinte resultado

3 )\2 c4C2 )\2 Cc3C1
2 _cacze cacie | 7 . = 4 4.14
pee(3) 0 (5) 4149

Além disso, para compactar a notagao, usamos

1
<Sl . Sg) = EX*€4£3§ 55351 . 53452 X*ézflf (4'144)

Agora nés podemos substituir na Eq.(4.143) a funcdo de onda de um barion dada

na Eq.(4.125), e obter o seguinte resultado

N N
(Vaglpviop)) = > > dhd /dp d*py d®ps W5 (D1, o, p3) O (D1, o, 3)

m=1 m/=1

2 ¢
Vv z
. [C(q)+3mf1mf2

(S1-82) Vr(q) (4.145)

Por fim, se juntarmos as Eqs.(4.139) e (4.145), no limite em que o = o/, nés podemos

reescrever o Hamiltoniano dado na Eq.(4.137), como

(aHyla") Z Z dj‘ndm//d?’p d’py d3p3\I! ok (p1, P2, p3) H* ‘I’p/ (p17p27p3)
m=1m/=1

(4.146)

com
2 q2

3mf1mf2

HY =3ell —2 {VC( ) + (S1-85) Vr(q) (4.147)

Uma forma mais conveniente para a Eq.(4.146) ¢é obtida se definirmos uma matriz

Hamiltoniana
HHE = /d3p d’ps d3p3‘1’ T (p1, D2, P3) Hyq ‘I’p/ (p17p27p3) (4.148)

De tal modo que teremos

N N
(alH"|a') =3 37 ) du HY, (4.149)

m=1m/=1
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Finalmente, vamos agora substituir as Eqs.(4.134) e (4.149) em (4.123), e depois de

uma simples manipulagao obter que

N N
D07 d du [l = Eo O ] = 0 (4.150)

m=1m/=1
A partir da Eq.(4.150), junto com a condi¢do que dd’, # 0, nds obteremos uma

equacao de autovalores da seguinte forma
HY  dpy = Eo Opny di (4.151)

Uma vez que estamos usando Gaussianas para a parte espacial da funcao de onda,
nés podemos computar tanto a matriz overlap quando a matriz Hamiltoniana fa-
cilmente, para isso basta usar as Eqs.(4.127) e (4.128) e logo a seguir realizar as

integrais nas variaveis de momento. Assim, nés teremos para P, = 0 que

3 3 mtm)p?

20 _ 3 2T 3(m+m') ]2 d3 p? o MIJ: - iimjn,);%
mm/ 2 / 2 / I = i oF
ary(m+m')| |4ras (mm') Ej Ej

Vil lp —
a(m+m')] [4mad (mm’ (2m)3 c(lp —ql)

21 ’ 3(m+m’)}g Pqd’p | s, s
+2{ )][ ) / [fa(p,q) e

f1 (p - q)2
g5 + (81 8)
o,

(m+m)p? 3 3 Bodd
Xe_:jl(mjrﬁm)a; + 4 - 27T 3(7/7;/ + m/) 2/ d qd p
ari(m+m')| |4rai (mm') (2m)3

(m+m/)p?

VT(|p _ q|)6_2(mm/)a?\f

_ (P*Q)QQ
/
X e (m+m )aN

(4.152)

onde Cyyq € uma constante necessaria para obter uma boa descricao do espectro de
massas dos barions. Em nosso modelo de quarks, seja (SS) ou (LTT), o valor usado

para essa constante foi de Cyy, = 1 GeV. Ja a matriz overlap ¢ dada por

2m ’
= | —— 4.1
O~ | .

As integrais restantes serao determinadas numericamente, de maneira analoga ao
caso de mésons. Uma vez essas integrais estejam calculadas, nés usaremos o mesmo
método numérico da Sec. 2.3.3 e Sec. 2.3.4 para resolver o problema de autovalo-
res da Eq.(4.114). No entanto, antes que isso seja feito é necessario que algumas

observagoes sejam feitas.

101



Na equacao para o Hamiltoniano que sera usado para calcular a massa dos barions
em (4.152), novamente esta presente a interagao de confinamento Vg, que é diver-
gente no infravermelho. Para ver que o cancelamento das duas contribuigoes que
acompanham Vi, realmente ocorre basta notar que para p — q, ponto em que a
integral se torna fortemente divergente nés temos que

sz)cl sz)ﬁ p p __(-p)?

O R e s s A R (4.154)
p p p p

E facil ver, entao, que os termos que multiplicam V¢ se anulam identicamente para

qualquer numero de Gaussianas que sejam usadas, ou seja

__(p-9)?

f' (P, q) — e (n+nf)ag
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Capitulo 5

Interacoes Efetivas Méson-Barion

5.1 Introducao

Neste capitulo vamos discutir a obtencao de interagoes efetivas méson-barion de
curto-alcance, devido ao mecanismo de troca de quark-glion, e de longo-alcance,
devido a troca de mésons. Para fazer isso, nds primeiramente apresentaremos um
esquema de aproximacao para obter interacgoes efetivas méson-barion a partir do
Resonating Group Method (RGM). Logo a seguir, nés discutiremos a obtengao das

potenciais de troca de mésons através do formalismo de redugao (LSZ).

5.2 Modelo de Quark para a Interacao Méson-

Barion

Até agora, nés determinamos completamente a forma das interagdoes microscépicas
e também dos estados hadronicos no espago de Fock. O proximo passo em nossa
abordagem sera derivar as interacoes hadronicas efetivas. Para fazer isso, usaremos
o Resonating Group Method (RGM ). Existe uma extensa literatura de revisao do
RGM - ver Refs. [88, 89, 59]. Além disso, é preciso comentar que também existem
outras abordagens que podem ser usadas para se obter interacoes microscépicas
hédron-hadron — ver Ref. [90].

Nos estaremos interessados neste capitulo, especificamente, na interagao méson-
barion. No entanto, essa ja foi determinada originalmente na tese de doutoramento
de Victor Vizcarra [59]. Dessa forma, na discussao que segue, nés nos restringiremos
a descrever de maneira resumida os principais passos realizados naquela referéncia.

O esquema utilizado para determinar as interacoes efetivas méson-barion tem

como ponto de partida o RGM. O RGM foi um formalismo desenvolvido por Whe-
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eler [91] na década de 30 para investigar a interagdo nucleo-nicleo. Sua grande
vantagem ¢é permitir o tratamento coletivo de sistemas envolvendo muitos corpos,
ou seja, ele permite a solucao de problemas que envolvam particulas compostas. No
contexto do modelo de quarks, o RGM foi formulado na notagao segundo-quantizada
no trabalho original desenvolvido na Ref. [92]. A idéia basica por tras desse esquema,
¢ expandir o kernel de antissimetrizacao em poténcias das amplitudes de Fock dos
mésons e barions. O resultado desse procedimento fornece um potencial efetivo
para a interagao méson-barion que tem uma estrutura extremamente similar a um
outro método, devido a Barnes-Swanson [30, 32|, chamado Quark Born Diagram
Method (QBD).

Uma vez que, no contexto do modelo de quarks, existe uma interpretacao dia-
gramatica dos resultados analiticos para o RGM, ele se torna uma ferramenta muito
transparente e de facil interpretacao. A tnica restricao que faremos em nossa dis-
cussao, é que trataremos apenas de sistemas de particulas onde nao existam canais
de aniquilamento envolvidos. Isso porque, em um tal cenario existiria a possibilidade
de formacao de ressonancias. No entanto, esse tipo de estrutura nao ¢ incorporada
ainda pelo modelo que usaremos, e para que isso seja feito é necessario um estudo
em separado.

O Hamiltoniano relevante para nossa discussao foi definido na Eq.(4.80), e sua

forma explicita é

P
H = e(wahgn+ ()@ + 5Vag(nviop)aha)a,o

+ %qu(w; P00 po + Vaa 13 00) 440,045 (5.1)

Nessa formulagao de segunda quantizagao é possivel definir os estados de mésons e

barions em um caminho completamente andlogo aquele feito nas Secs. 4.5.1 e 4.5.2.
Mas por completeza iremos, repeti-los aqui.

O estado de um méson no formalismo segundo-quantizado é descrito em termos

de um operador de criacdo M, e é definido da seguinte forma
8) = M}|0) = ®5”q}q}|0) (5.2)
J& o estado de um bérion é descrito em termos de um operador de criagao B, como

1
la) = BLJ0) = —= Wk g} g, qf,,10) (5-3)

V3!
Os operadores de quark (¢) e antiquark (g) s@o tais que respeitam as seguintes

relagoes de anticomutacgao

{@L’?QL} = {Qu’7QL}:5u/u
{q,u,qu} = {qN’aqM} = {@t’aqM} = {QMHQL} =0 (5'4)
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Nosso primeiro passo sera determinar as relagoes de comutacao e anticomutacao
para os operadores compostos de mésons M g e Mg e barions B}, B, respectivamente.
Para fazer isso, vamos comegar determinando o produto interno do estado de um
mésons, ou seja

(B18") = (0|Mg MJ|0) = D5 Dl (5.5)
Da mesma maneira para o estado de um barion
(ala’) = (0]|By Bi|0) = Wrarzns ghikets (5.6)

Agora, se assumirmos que as amplitudes de Fock para mésons e barions satisfacas

as seguintes relagoes de ortonormalizagao

QDZ’W@Z,” = 555/ (57)

\I;Zuluws \I;Z/wws

S (5.8)

é possivel mostrar, com ajuda das Egs.(5.5) e (5.7), que o operador de méson é tal

que respeita as seguintes relacoes
[Mg, Mg] = 0 (5.9)
(Mg, ML) = 655 — AL, (5.10)
onde A%, é o kernel de antissimetrizacao mesonico
A, = O 7 gl g, + D DY ¢ (5.11)
felcd B g dolv B 5 4pQp .

Além disso, nds temos ainda as seguintes relacoes adicionais

[qu, Mg] = [q,Mg] =0 (5.12)
[qu, M) = 0,0 ®5"7 G (5.13)
(G, M) = =6, 05" ¢ (5.14)

Para o caso de barions, usando as Egs. (5.6) e (5.8) obtermos

{Ba,Bas} = 0 (5.15)
{Ba, BL,} = 600 —AE, (5.16)
onde o kernel de antissimetrizagio bariénico, AZ , é dado por
AB * U123 ¥ H1p2v3 F 3 * L1 a3 \p* Havevs T
aa — 3 \I}a \Ija’ q,ugqlls -5 \Pa \Ija' qyng2qM2qH3 (517)

2
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Temos ainda as seguintes relagoes adicionais

{@uBa} = 0 (5.18)

3 .
{q.Bl} = \@‘If pizits gt qf (5.19)

3 o
(Bl = (2w, (520)

O fato relevante nestes resultados que obtivemos acima sao os termos A/%, e AB .
Estes termos trazem informacao sobre a estrutura interna de mésons e barions. Na-
turalmente, a existéncia destes termos torna extremamente complicado o tratamento
de sistemas de particulas em que esses graus de liberdade internos nao podem ser
desconsiderados. Isso porque no formalismo de teoria de campos os operadores
devem satisfazer relagoes canonicas de anticomutacgao (para férmions) e comutagao
(para bosons). Aqui, claramente, isso foi violado. Além disso, um outro aspecto que
também devemos comentar estd associado ao fato de que os operadores M, e B,
juntamente com seus adjuntos, nao sao boas variaveis dinamicas ja que as relagoes
de comutagao nas Egs.(5.12-5.14) como as de anticomutacao nas Eqgs.(5.18-5.20) sao
diferentes de zero.

As equagoes de movimento para mésons e barions também podem ser obtidas

via o principio variacional. Para o caso envolvendo mésons nés temos que

6 (8| (Hy—E}") |8) =0 (5.21)

onde os ingredientes envolvidos nesta equacao sao o Hamiltoniano definido na Eq.(5.1)
e os estados que aparecem nas Egs.(5.2) e (5.3). Sendo assim, nao é dificil mostrar
que a equacao de movimento para mésons resultante, depois de realizadas todas as

contragoes entre os operadores de criagao e aniquilagao de quarks e antiquarks, é
Hyq(pv;op) @F = EYf @1 (5.22)
onde o Hamiltoniano para aos estados mesonicos é dado por
Hog(pw;op) = 01000, [T(0) +T(p) ] + Vog(uvs op) (5.23)

Em um caminho completamente equivalente, é possivel obter a versao desta equagao

de movimento para o caso envolvendo bérions
Hyo(pv;op) U5~ = Ef Wi (5.24)
onde o Hamiltoniano para os estados barionicos é dado por

Hoq(pvi0p) =3 [0u00p T(0) + Vog (s 0p) | (5.25)
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Nas Egs.(5.22) e (5.24), Eé” e EB sdo as energias totais do méson e do bérion,
respectivamente. Uma vez nds fixamos as equagoes de movimento para os estados
de mésons e de barions nesta notacao, vamos descrever o esquema para obtencao da

interacao méson-barion a partir do RGM.

5.2.1 O Sistema Méson-Barion

Vamos comecar a discussao pela definicao do estado méson-barion no formalismo de
segunda quantizacao
la) =" MEBL|0) (5.26)

onde 1)2¢ ¢ a fungao de onda relativa méson-bdrion. Agora, se assumirmos a condicio
de normalizacdo (a|a’) = 4/, nao é dificil mostrar que,
(ala') = 9% (0| By Mo M, Bl |0) "
= PP N(aB; o/ B) P = Gaar (5.27)

onde nés usamos as definigdes dos operadores My e B, de acordo com as Egs.(5.2)
e (5.3), juntamente com as usuais relagoes de anticomutagao dadas em (5.4). Deve-
mos notar ainda que na Eq.(5.27) a quantidade N(af; /(") é o chamado kernel de

normalizacao para o sistema méson-barion, e este é definido pela seguinte expressao
N(ap;d/'B’) = baar — Ne(aB; o' ) (5.28)
onde Ng(ap;d/f") é o kernel de troca definido como

Ng(aB; o/ ) = WP o OPAQENL 4 Wi @A QUL + U &L BN
(5.29)
Aqui, 3 e U, sao as funcoes de onda de mésons e barions respectivamente. A
equagao de movimento para o sistema méson-barion é obtida a partir do mesmo
procedimento que foi feito para obtengao das Egs.(5.22) e (5.24). Assim vamos
pegar o Hamiltoniano dado na Eq.(5.1) e o estado méson-barion definido em (5.26),

com seu adjunto e vamos calcular a seguinte equacao
d(a|(H—-E,)|a) =0 (5.30)

Depois de realizadas as contracoes entre os operadores de criacao e aniquilacao de

quarks e antiquarks e efetuarmos a variagao teremos
[ Hram(aB;o'8') = Ea N(af;a’8)] 47 =0 (5.31)
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onde o Hamiltoniano RGM para o sistema méson-barion é
Hram(aB; ' 8') = Trom(aB; o' B') + Veam (af; o/ f) (5.32)
O primeiro termo, Trays, € dado explicitamente pela seguinte expressao
Troat (0B /B) = So O3 Hyg(; o) OF + Sus W Hyy(pvs o) W (5.33)
e o segundo termo, Vgaar, € dado em termos de trés contribuicoes
Veau(afsa'B') = Vil (aB; o/ ') + Vg (B o/ ) + V™ (afia’f') - (5.34)
com
Vig (aB;a/f') =+ 3W s @ Vig(pw; o p) @ 07117
+ B RV, (v op) D W

+ B QLAY (v op) B WTEH (5.35)

(aBid/B) = — WL DAV (v op) D W
= B QLY Vg (s op) BFF Wit
— 6 \I;zmuus qy;u/\ qu(MV; Up) (I)gllk \I’g/pm
W NV (s op) D W (5.36)

. 3 * UV g
vz%trafew(aﬁ; Ozlﬂ/) I 5 \I/Z;ulmug (I)ﬁ# qu(/ﬂ/; O',O) q)g/lﬂ \Ijoﬁz,us

m

3 * * 14 g
_ 5 \Ijaﬂmus (I)ﬁm quj(/JV; U,O) (I)ﬁ/p \I,/;}Mzﬂs

— 3L O (s op) O W (5.37)

Na Eq.(5.37) os Hamiltonianos H,; e H,,, sao dados nas Eqgs.(5.22) e (5.24).

Se notarmos agora a forma da Eq.(5.31) é facil notar que ela ndo estd na forma de
uma equagao de Schroedinger, como por exemplo, a Eq.(5.22) e a (5.24). E o motivo
é simples, na Eq.(5.31) existe a presenga do kernel de normalizagdo N(af;a/f)
multiplicando o autovalor de energia. Dessa forma, nao é possivel interpretarmos a
interagao Vzagyr como um potencial méson-barion que entraria em uma equacao de

espalhamento do tipo Lippmann-Schwinger

1
T=1V, \% \% 5.38
RGM + VrRowm B+ ic — Hueor RGM ( )
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A estratégia para contornar esse problema, e conseguir construir interagoes hadron-
hadron que possam ser iteradas em uma equacao de Lippmann-Schwinger, é im-
plementar um esquema de renormalizagao das fungoes de onda méson-barion. Esse
esquema de renormalizacao consiste em primeiro definir uma funcao de onda renor-

malizada por meio da seguinte equacao
Yo = N2 (af;a'B) gy (5.39)

onde N ¢ o kernel de renormalizacao correspondente ao estado méson-béarion. Esses

estados sao tais que respeitam a seguinte relagao de normalizagao
B2 G = G (5.40)
Nosso préoximo passo é definir o Hamiltoniano RGM renormalizado
Hrau(aB; o/ 8') = N™3(aB;78) Han(76:7/9) N*(7/8'8) (5.41)

Dessa forma, nao é dificil mostrar que a equagao de movimento agora é do tipo

Schroedinger, ou seja
[HRGM(aﬂ; o'p)— E, 5040/55[3’} 1,55,0‘, =0 (5.42)
onde o Hamiltoniano, é definido por meio da seguinte equacao
Hpam(af; o B) = Hram(af; o/ f') + A Hram(ap; o/ ) (5.43)

O termo A Hgrgar contém poténcias dos chamados kernels de estados ligados para

mésons (m) e bérions (b), respectivamente
Am(pviop) = @57 P
Ap(pyfopis; Vigrs) = WhHLHHS QF V1v2ars (5.44)

onde esta implicita uma soma sobre o indice .. Esses kernels sao tais que respeitam

ainda as seguintes propriedades
Ap(pv;op) 97 = LY (5.45)
Ay(pvr; o p\) WP = pHT (5.46)

Afim de simplificar o problema, e evitar a utilizacao de cédlculos numéricos nesta

instancia, faremos uma expansao do kernel de normalizacao da seguinte forma

N 2=(1-Np)zal+-Ng... (5.47)



e reteremos apenas o primeiro termo. Esta aproximacao apesar de parecer drastica,
introduz um erro no potencial efetivo hddron-hadron que é menor que 5% tal como
estudos realizados pela Ref. [92] mostraram. Sendo assim, ao assumirmos essa apro-
ximacao é possivel mostrar que o termo A Hrgy tem a seguinte forma

3 *x Orw * UV w K
A Hpon(aB;o/8) = + 5\1;&9 oL Hog(1v; op) A (0p; xA) @52 UUX (5.48)

bR A (s ) Hyg ;o) W (5.49)

+ 3w @;X)‘ Hoo(uv; op) Ay(0pr; Okw) D5 TIX (5.50)

Se ®" e WM s3o tais que respeitem as Eqgs.(5.22) e (5.24), e junto a isso sejam

os kernels de estado ligados A, (uv; p'v') e Ay(pvo; i/v'e’) tais que satisfacam as

propriedades dadas em (5.45) e (5.46), é possivel entao mostrar que A Hpgps cancela
exatamente o termo V%" na Eq.(5.37). Sendo assim, os tinicos dois termos

que restam em Vgaar sao Vg e V,%”. Mas agora, se notarmos que o termo Vn%"br

corresponde a uma interacao entre um méson e um barion através de uma interagao
gludnica, e lembrarmos que, estados descoloridos como sao o méson e o barion, nao

podem trocar cor, teremos que V4"

oy também tem que ser identicamente nulo. Na-

turalmente, que esse anulamento nao é importante, ele é resultado de um calculo

explicito. Assim, s6 resta um termo, V%, que corresponde a troca simultanea de um

quark e um glion entre o méson e o barion. A partir da representacao de diagramas,

er

o — ver Figura 5.1.

é muito facil entender cada uma das quatro contribuigoes de

1) ()

Q0 Q0
L0000

(3) (4)

Figura 5.1: Diagrama do processo de quark-gluon-interchange que contribui para a

EXT

interagao méson-barion descrita pelo termo V5.
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Vamos agora escrever o potencial da Eq.(5.36) em uma forma mais pratica para

se manipular, ou seja, vamos defini-lo como
mp(af; o BY) = Vigy + Vigy + Vigy) + Vi (5.51)

onde cada uma das quatro contribuicoes desse potencial, que estao convenientemente

descritas na Figura 5.1, sao dadas por

Viy = —3W5ems o4 Vo (s op) O WopeHe (5.52)
Vi = —3WMere & Vig(pw; op) D7 W™ (5.53)
Vi) = —6W1 O V(s op) IR WP (5.54)
Vig = =60 o Vig(uw; op) @iy Wi7H (5.55)

Podemos, ainda, substituir nas formas explicitas de ®*”, dadas nas Eqs.(4.89) e
(4.125). E, juntamente com isso, iremos usar para os potenciais Vg, e V; as
Eqgs.(4.83) e (4.84). Uma vez feito isso, serd possivel decompor cada uma das quatro
contribui¢oes nas Eqs.(5.52)-(5.55) em termos de fatores de cor C, spin-sabor W e

espacial I, da seguinte forma

Viig = =3Cm Way Ly = 3 Cla) Wig) Lia) — 6 Crz) Wis) Lz) — 6 Clay Wiy Iay - (5.56)

mb

As formas explicitas dos fatores de cor sao dadas por

O ECVCZCS 56#6)\ (fa )c . (fa )C . 6CPC)\ 6&70203 (5 57)
V) V3 V6 |
ECUC2CB 5810,, 50(;0,) 6010263
Co = Fo o (Fr)wer 5.58
eclcycg 66”6’\ 5616/\ ECngc3
Cg = ——— Fa oo (Fr)wer —_— 5.59
eclcu63 5CXCV 5clcp 66)(60-03
Cuy = F Yo (Fr)¥ P — 5.60
As formas explicitas dos fatores de spin-sabor sao dadas por
* & €2€3 §o6283
Xa * Eua €ubo &ép . Eobr Xov
Way = =“—xz" T (T:)™ X 5.61
5 T % (7)™ (i)™ x5 it (5.61)
X:§u§2§3 e . X§1IE2£3
Wa) = S— ;"% (T (T)"% Xy ~2— (5.62)

V18 ERVE
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*£160€3 Ea€pés
Xa * €€ - p X
Wis) W X5 uéa (7;)@5 (7;)5 & X%l/fx \/E (5.63)
X;fl&ufl& 66 »: £ f1 Xf)fgafs
Wi iz X (72)""(72)””><61,”0‘—\/E (5.64)

Nas Eqs.(5.61)-(5.64) o simbolo 7; foi introduzido para designar uma matriz iden-
tidade para o primeiro termo da eq.(4.84) e o operador S; para o segundo termo
da Eq.(4.84). As formas explicitas dos fatores espaciais sao dadas pelas seguintes

expressoes
N N N N
Iy = >33 didly o ol / d*py d’py &py d’py ’p, Py dp,

(m)x

X 0(Pa—Dv—P2—D3) VS (Do.p2.p3) 6(Ps —Pu— D) 05 (PP
X 8(Pp+Pv— P —Pp) V(Pu—0s) (D3 — Py —Pr) 65 (P D)

X 0(Por — P — P2 —D3) V) (1, D2, D3) (5.65)
N N N N
Igy =3 > 3N dldly al al)) / d&’py d’py &ps &p,, &p, d’p, Pp,

X 8(Pa—Pp—D2—P3) V(P2 3) (D5 —p1— D) 65 (P1,D)
X 8(putps—Po—Dy) V(Pu—0s) Dy — Do —Dp) 05 (DouPy)

X 0(Po —Pp1—P2—DPs3) %77)(191,192,193) (5.66)

N N N N
Iy = > > 3> a0 dly alM* ol / &’py &*py &ps &Pp, &Pp, Pp, dp,

m=1m/=1n=1n'=1
X 8(Pa—p1— D0 —D3) Y (P1PuD3) 6(Ps—Du— D) 05 (PP
X 8(Pu+Py—Po—Dp) V(Du— 0o )8(py — 1 —Dr) 5 (P1.pr)

X 8(Pa — Do —Dp—P3) VT (Do PyD3 ) (5.67)
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N N N N
Iy = D3> a0 dly add= ol / &’py &py &ps &Pp, &Pp, &Ppy dp,

X 8(Pa—P1—Pu—P3) VS (P1, D p3) (D5 — Dy —p) 65 (P D)
X 8Pyt P —Po =) V(Pu—Ps) 8Py —p1—D,) 05 (P1.D,)

X 8(par — Dy — Do —P3) V0 (Dy, Por 3 ) (5.68)

Nas Egs.(5.65)-(5.68) nés usamos o simbolo V para designar o termo associado ao
potencial V(g) ou o termo associado ao potencial Vr(g). A forma do potencial
efetivo dado nas Eqgs.(5.52)- (5.55) é completamente geral, e é valida para qualquer
processo elastico méson-barion cujos estados do méson e do barion sejam descritos
pelas Eqs.(4.89) e (4.125). Nesta tese, no entanto, nds estaremos interessados no
espalhamento de mésons K e D por nucleons. Entdo, sendo o méson estranho K
um estado ligado de K+ = u5, K = d5 e o méson charmoso D um estado ligado de
D~ = dé, D' = u¢, unicamente processos que envolvem a troca de um méson leve
podem contribuir no diagrama da Figura 5.1, os quarks ¢ e 5§ nao sao trocados. O
célculo explicito dos fatores de cor, spin-sabor foram todos determinados na Ref. [59].
Aqui, estendemos o calculo dos fatores espaciais para o caso de fungoes de onda que
sao combinagoes lineares de N Gaussianas. Uma vez todos esses fatores estejam

determinados, o potencial efetivo méson-béarion pode ser escrito na seguinte forma

Vus(p,p') = —sz p) + Vi(p',p)] (5.69)

com cada uma das contribuicoes dos potenciais V; sendo dadas por

(NI

3¢

4G (14157 4+ 6(1 4+ V)

x I .(p.p) (5.70)

onde a funcao integral I é dada pela seguinte expressao

3
3 /(N) .2 2
]Inn (p p) N 2Ng;( )7T ~ e~ cEN)p2_dEN)p/2+e§N)p.p/
aﬁn ) oz( ) (1+ l"( ) )
/ g v(g)e” al™ 246" g (5.71)
(2m)3 1 .
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. (N N N N N) - . .
Aqui, al(- ), bg ), cg ), dﬁ ), eg ) 80 coeficientes que envolvem o parametro de
. . N N .

comprimento de oscilador agn) = ma?3 e 57(1 ) = n 3% dos hadrons, e as massas

constituintes M,, M, e M. dos quarks. Além disso, temos também as razoes dos
(N) (N)

A . ;. N o , N B A

parametros de oscilador dos barions ré ) = —5, mésons V) = %55 € os parametros

Qi Br
() o) M
N)Y _ ab) (N) _ % _ . 5 (™) (V)
g = S0 g = Fo ep= VZ A forma explicita dos parametros a; ' ...e;

serao apresentados no fim desta secao. Ja os coeficientes w;, que levam em conta
os fatores de cor-spin-flavor para a interacdo DN para cada canal de isospin estao
dados na Tabela 5.1. Os estados acoplados de isospin sao dados em termos dos
estados de carga D™N e D°N por

|I=0,M=0) = %[|nDO)—|pD_)} (5.72)
I=1,M=0) = %“nDO)—HpD_)} (5.73)
| I=1,M=1) = |pD°) (5.74)
| I=1,M=-1) = |[nD") (5.75)

A obtencao dos coeficientes w; para a interacao K N podem ser extraidas diretamente
da Tabela 5.1 fazendo as seguintes mudancas D° — KT e D~ — K° em cada um

dos processos dessa tabela.

Processos w1 Wo w3 Wy
111] SlS] 111J SZS] 111J SZS] 121J SZSJ
pD® —pD° | 1/3 1/3 1/3 1/3 1/3 1/18 1/3 1/18

nD~—nD- | 1/3 1/3 1/3 1/3 1/3 1/18 1/3 1/18
pD~ —pD- | 1/3 1/6 1/3 1/6 1/3 1/9 1/3 1/9
nD® —nD® | 1/3 1/6 1/3 1/6 1/3 1/9 1/3 1/6

pD~ —nD" | 1/3 1/6 1/3 1/6 1/3 -1/18 1/3 -1/18
I=0 0 0 0 0 0o -1/6 0 -1/6
I=1 4/9 -1/3  4/9 -1/3  4/9 -1/18 -4/9 -1/18

Tabela 5.1: Coeficientes w; de cor-spin-sabor para o processo de troca de quark-
glion devido a interagao central 1;1; e spin-spin 5;5;, e para os canais de isospin
I=0el=1.

No6s apresentaremos abaixo os parametros necessarios para a completa deter-

minagao dos fatores espaciais do potencial de interagao microscopico M B. Para
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(N) (N) _(N)

simplificar a notagao nés fizemos 1, =1, ’, 1, =137, g (N) !

=gegdWM =g

e Diagrama (1)

(N) _ 3g(14+7p)(1+r,)
A [4g(1+1,,) +6(1+15)]

p) _ _g[(3+rb)(1+rm)p—2rbrm+rb+3]p
An(14+p) [29(1+1,)+3(1+T1)]

g[(1+3r)(1+p)rm+3prm+p—2]p
O (14+p) [29(14+1,)+3(1413)]

) _ 69°rm + g [((p = 2)"rm + (14 p)*) 1o + 9 (2p + (1 4 1m)p* + D] +6(1 + p)’ry
1 6ctm (L + p)? [29(1 + 1) + 3(1 +15)]

4 _ 69t g [9p° 1+ (L4 97)(1+p) vt +p* —4p+4] +6(1+p)rs
! Gt (14 p)2[29 (1 +10) +3(1+1)]

) _20°tm —g(1+p)[((p=2)tm+p) 1o+ prm +p—2]+2(1 +p)’1y

5.76
“ am (14 p)2 [29(1+ 1) +3(1+13)] (5.76)
e Diagrama (2)
SN _ g(2g9ry, +3(1+41))
2 m [4g (L +Tm) +6(1+13)]
p _ L9 +3)(1+p)+2¢°tm]p+[g(3rptp—2) —2¢°t] P
’ O (14p) [29(tm+1) +3(1+1,), ]
CgN) _ CgN)
déN) :dgN)
e = eV (5.77)
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e Diagrama (3)

S 9(B3+4n) (141m)+6(1+1)n
P 20, (Tt1) [29(T+1) +3(1+1)]
p _ _ 139(prmtp+1)+3(p+1)n]p
’ O (14 9) [29(1+7100) +3(1+13)]
C lglmptrmtr—2)=3(p+1)n]p
am (L4+p)[29(1+1m)+3(1+15)]
CgN):cgN)
d:())N):dgN)
eéN):egN)

e Diagrama (4)

S _ 202 (1 +1)rm +g [(4+31p) 151, + 41, +3] +6 (1 +13) 15
4 20, (ty+1) [29 (1 +1,,) +3 (1 +13)] ’

p _ [720°tm 9 ((p=2)rm —3(1+p)) =3+ p)n] p
! am(1+p>[29(1+rm)+3<1+rb)]

2%t +9(3(L+p) rprp+2—p)+3(1+p)1] pf

" am (L+p)[29(1+ 1) +3(1+1)
CglN) _ CSN)
dgN) _ dgN)
651N) _ egN)
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E importante notar que no limite em nés temos uma tnica Gaussiana (N=1), ou
seja, m=n=1er,=1,1,, =1e ¢ = g, cada um dos coeficientes que aparecem
nas Eqs.(5.76)-(5.79) reduz-se para aqueles dados na Ref. [59].

5.3 Interacoes de Troca de Mésons

E um fato conhecido, que nas reacoes a baixas energias envolvendo hadrons o meca-
nismo de troca de mésons desempenha um papel importante [63][58]. Esses processos
sao importantes para descrever a parte de longo-alcance das interacoes hadronicas
a baixas energias. No caso da reacao KN, por exemplo, o mecanismo de troca
de quarks contribui essencialmente para as ondas-S, e a troca dos mésons o, w e p
sao cruciais para a descrigao correta desta como também de ondas parciais mais al-
tas [86]. No entanto, a dindmica de troca de mésons sozinha nao é capaz de descrever
com suficiente precisao todos os dados experimentais para a interagdo KN [58],[80].
E necessério que tanto os efeitos de troca de méson quanto os de troca de quark-
glion, discutidos na se¢ao anterior, sejam levados em conta. Sendo assim, nesta
secao noés iremos discutir a obtencao de potenciais de interacao devido a troca de
mésons. Conforme ja dito, estamos incluindo estes processos de troca de mésons
para descrever a parte de mais longo alcance da interacao, ja que a interacao de
troca quark-glion é de muito curto alcance. Iremos seguir de perto a abordagem
originalmente desenvolvida na Ref. [57] para o sistema K*N e DN.

Uma das principais conclusoes da Ref. [57] foi que as contribuigdes dominantes
no modelo de troca de mésons sao devido a troca dos mésons vetoriais p, w e também
de contribuigoes escalares que nos parametrizamos aqui em termos da troca de um
méson o — ver Figura5.2. Os autores dessa referéncia notaram, também, que a
substituicao da troca de mw correlacionados pela troca de um 1nico méson ¢ nao
¢ uma aproximacgao ruim para o canal de isospin I = 0, mas para o canal [ = 1
ele fornece somente 50% do efeito total [57]. Portanto, esse fato deve ser levado em
conta nos resultados aqui discutidos.

No Apéndice E, nds iremos, apresentar as principais relacoes que foram utilizadas
na obtencao das féormulas de reducao para processos de espalhamento envolvendo
particulas escalares e fermionicas. A partir dessas relagoes foi possivel empregarmos
as técnicas de teoria de perturbacoes para obtermos a matriz-S para processos de
espalhamento envolvendo esses campos. Dessa matriz-S, foi possivel identificar um
potencial de interacao efetivo que pode ser iterado numa equacao de Lippmann-
Schwinger para determinar se¢oes de choque e deslocamentos de fase.

Nos aplicamos esse formalismo para determinar os potenciais de interacao para o
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sistema DN. Estamos interessados no seguintes processos de espalhamento elastico:
pD® = pD° nD® - nD° pD- = pD~, nD” = nD” epD~ — nD’ Nés
também temos investigado o sistema K+t N. As densidades Lagrangianas associadas
aos vértices méson-méson e méson-barion — ver Figura 5.2, assim como os campos

escalares e fermionicos necessarios em nossos calculos sao dados no Apéndice F.

P N
JUPRATNe
P N

Figura 5.2: Contribuicao devido a troca de um méson valida para a interacao DN

e KN. Neste diagrama D ou K, é a particula pseudoescalar P e N é o ntcleon.

Os potenciais em ondas parciais em termos das projecoes dos potenciais central
(C) e spin-6rbita (SO) que obtivemos, em ordem mais baixa de teoria de per-
turbagoes, sdo dados pelas seguintes expressoes, para (i = 7, p,w)

Ly=0: Vbl —yhts (5.80)
Le>1: Ve —yhtsy Lt l Vo £+ e Vg =t = Vg (5.81)
2Ly +1 2Ly +1
onde o momento angular orbital pode ser L, = J —1/2 e L_ = J + 1/2 para os
canais de isospin I = 0 e I = 1. As forma explicitas de Vi e Vo sao dadas no
Apéndice E. Os estados de isospin [ = 0 e [ = 1 para os estados de carga D™ N e
DN sao dados nas Eq.( 5.72 ). Na tabela abaixo, nds apresentamos os valores para
os fatores que devemos multiplicar os potenciais de interacao para cada canal de

isospin. Naturalmente, que esses coeficientes sao os mesmos para o sistema KTN.

Méson Canal de Isospin I =0 Canal de Isospin I =1

p -3 1
1 1
o 1 1

Tabela 5.2: Tabela com os fatores de isospin necessarios ao potencial de interagao

no modelo de troca de mésons.
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Para regularizar os potenciais de troca de mésons, nds usamos fatores de forma

do tipo monopolo em cada um dos vértices da Figura 5.2:
A2 —m?
Fi(¢*) = [ +t— 5.82
@)= (T (5.8

onde q = p' —p, m; é a massa do bdson trocado no propagador e A; é o cutoff. Nesta
tese usamos para o nicleon, kaon e D as massas: my = 939MeV, myx = 496 MeV
e mp = 1886.9 MeV.

Part. Trocada Massa, A Ap
[MeV] MeV] MeV]
p 769 1400 1500
w 783.4 1500 1600
o 600 1700 1200

Tabela 5.3: Parametros usados nos vértices do modelo de troca de méson para a
interacdo KN e DN.
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Capitulo 6

Resultados Numeéricos

6.1 Introducao

O objetivo desse capitulo é apresentar os resultados numéricos do modelo de quarks
constituintes que confina cor e realiza a quebra dinamica da simetria quiral, que nos
desenvolvemos nos Capitulos 4 e 5 desta tese. Esse modelo serd aplicado para os
calculos das secoes de choque e deslocamentos de fase da onda-S para as reacoes
KN e DN. Especificamente, para fazer isso, nés iremos em primeiro lugar discutir
a solucao da equacao de gap para as funcoes de massa dos quarks constituintes.
Uma vez obtidas as massas dos quarks, nds obteremos os parametros variacionais
a e f3, os coeficientes de expansdo a, e d,, das funcoes de onda dos mésons D, K
e do nucleon, e além disso determinaremos as respectivas massas desses hadrons.
Para todas essas quantidades, nds precisaremos apenas de um “input”, que sao os
potencias de interacao Vo e Vp. Para isso nds usaremos tanto as interacoes no
Calibre de Coulomb ( SS ) e ( LTT ) quanto aquela devido ao modelo ( OGE )
— para detalhes ver Ref. [57]. A partir dai, podemos obter as interagoes efetivas
de curto-alcance méson-barion. Para a parte de longo-alcance da interacao méson-
barion nds usaremos os potenciais de interacao devido a troca dos mésons w, p e
0. Esses potenciais de interacao que obtivemos, por sua vez, serao iteradas em uma

Equacio de Lippmann-Schwinger para obter observéveis da reacdo DN e KN.

6.2 Solucoes Numéricas da Equacao de Gap

O primeiro passo em nosso esquema de calculo sera resolver a equagao de gap para
obter as massas dos quarks constituintes — ver Eq. (4.72). Nos usaremos nessa

simulacao numérica os potenciais Vi e Vi como discutidos na Sec. 4.3 e na Sec. 4.4.

120



Antes de fazer qualquer simulagao numérica é importante notar que a interacao
de Coulomb Vi é fortemente divergente para baixos momentos transferidos. Especi-
ficamente, no limite em que ¢ — 0 o potencial de Coulomb diverge como Ve — 1/¢*.
No entanto, apesar dessa interagao confinante ser divergente quando ¢ — 0, a
equacao de gap é finita devido a um cancelamento de dois termos divergentes. O
problema é que um tal cancelamento é bastante dificil de ser controlado numerica-
mente, o que torna necessario a utilizagao de algum esquema de regularizagao.

Vamos iniciar a discussao do esquema de regularizacao que utilizamos reescre-

vendo a equagao de gap dada em (4.72) em uma forma mais conveniente, ou seja,

9 d3q M/ quA R
M) = m£+—/( ( F——r"p-q | Vellp—al)

3) @2n)* \ El Elp

3

. 2/ dq (M MIqp-g-p)P-ga—q)
@2r) \El  Elp palp —qf

) Vr(lp—ql) (6.1)

Como estaremos interessados apenas na integral proporcional a interacao de Cou-

lomb, que iremos chamar de I, vamos separa-la da FEq.(6.1)

3 f f
ICZE/(” (Mq—Mpq“qA>Vc(|p—q|) (6.2)

3) er)d \ B E pr
Para regularizar I usaremos a mesma estratégia utilizada pelos autores das
Refs. [93, 94|, que consiste em adicionar um zero convenientemente nesse termo. A
forma explicita desse zero é dada por,
dq M p
Ve(lp—ql)—5=-(p—q 6.3
| avetip=ah 0 (p-a) (63

Naturalmente, que para ficar mais claro que essa integral é realmente zero basta

fazer a seguinte mudanca de variaveis,

d*q M p
/ (27T>3Vc(|p—q|)E—§]—j-(p—q)
P

o que nos leva a uma integral nula por paridade.

M1 d*q

H —_
~~ plp* ) (2n)
q=p—4q

s Ve(a)(p-q) (64)

Vamos agora subtrair o termo dado na Eq. (6.3) daquele dado na Eq. (6.2)

2 d3q M/ MIq M p
I = 9 _ PAs. 4 _ P L — V — 6.5
0—3/(27r>3 ( E,{ E({ pp q Ez{ p (p—q) c(lp—ql) (6.5)

Uma vez que essa subtragao tenha sido feita, é imediato reescrevermos a Eq. (6.5)

MMy MM (g
=i Bl U=y atenr ) I eV A A
E! El El  El ) \p
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I —2/ g
“73 (2m)3

Ve(lp — ql)
(6.6)




Nessa ultima expressao é facil notar que no ponto em que o potencial é fortemente
divergente, ou seja, quando p — ¢, os dois termos que multiplicam Vi se anulam in-
dependentemente da integral sobre os angulos, o que torna o procedimento numérico
mais simples de ser controlado. Uma vez que I esta escrita em uma forma regu-
larizada, podemos retornar com este termo para a equacao de gap para resolve-la
numericamente.

A equagao foi resolvida por iteragao, ou seja, dado um valor de inicial para M)y,
as integrais sobre a varidvel ¢ sao resolvidas para cada valor de p. Uma vez obtido
o novo valor de M,, o procedimento é repetido até encontrarmos um valor para
a massa que nao difira de seu antecessor por um valor maior que € ~ 107°, para
cada valor de q. N6és temos empregado nesse procedimento, uma subrotina chamada
“FIXPDEF” que foi obtida do site: http://www.netlib.org/hompack/index.html.

Como haviamos comentado, em nossas simulagoes numéricas nds temos usado
para os potenciais de Coulomb Vs dois modelos: o modelo que denominaremos
de Szczepaniak-Swanson (SS) e o modelo da rede (LTT). Os parametros tipicos
usados nesses potenciais foram apresentados nas Sec. 4.3 e na Sec. 4.4. Para a parte
transversa Vr da interagao, nds utilizamos o potencial parametrizado pela Eq.(4.43).
Os parametros necessarios para fixar esse potencial foram fitados para que a solugao
da equacao de gap para a massa de corrente dos quarks leves mg = 10 MeV fosse
da ordem de M = 300 MeV, que é o valor das massas dos quarks constituintes que
aparecem em modelos de quarks nao-relativistico. Os valores desse parametros sao
ar = 0.5, my =m,/2 e 7 = 1.05. Nossos resultados numéricos para essas simulagoes
sao mostrados nos dois painéis da Fig. 6.1.

Existem alguns importantes fatos a cerca dos resultados a serem notados. Pri-
meiro, para momentos k < Agep = 250 MeV como também k < my = 550 MeV, as
fungoes de massa tem uma pequena dependéncia no momento (em uma escala lo-
garitmica). Esse é um fato importante, pois mostra sendo as componentes da fungao
de onda para altos momentos fortemente suprimidas, a aproximacao de baixos mo-
mentos que usamos para as massas M (k = 0) pode nao ser muito ruim. Segundo,
com o aumento de my os efeitos da DySB diminuem, como pode ser visto para a
massa do charm m,. Terceiro, para valores de momento menor que 500 MeV os re-
sultados para as massas dos quarks m,,, ms e m, coincidem com aqueles do modelo
nao-relativistico de quarks constituintes que discutimos no inicio desta tese. E por
fim, devemos fazer alguns comentarios com relacao ao resultado numérico que obti-
vemos para o condensado (Ggq). O valor do condensado extraido da fenomenologia
é (—(qq) )1/ % ~ 250MeV. Nesta tese, nés obtivemos um valor para o condensado

da ordem de (—(gq))"® ~ 350MeV. Para entender um pouco o significado do
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Figura 6.1: Massa dos quarks constituintes M, como fun¢ao do momento. No painel
superior sdo mostrados os resultados para a interagao do modelo da rede (LTT). Ja
no painel inferior sao apresentados os resultados para a interacao do modelo de

Szczepaniak-Swanson (SS).

nosso resultado para o condensado, devemos analisar o comportamento no limite
ultravioleta tanto do condensado quanto da equacgao de gap.

A forma geral para o condensado no limite do ultravioleta é a seguinte

3 A M, mo
— - _ = d 2 p +
(ag) = —— / pp [\/p2+M5 N

onde A é um numero grande. Ja para a equacao de Gap no limite quiral, nao é

(6.7)
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dificil mostrar que

2 P M,
My = ma+ 3 [Volp) +2Velp)) [ dag? 3 (69
q
Para interagoes no limite do ultravioleta da seguinte forma
41 oy
V(ip) > —————— 6.9
)= (6.9

onde A # 1 e o sao constantes, a equacao de gap M, tem o seguinte comportamento

1

My = (6.10)
Se substituirmos na Eq. (6.7), no limite quiral, na Eq. (6.10) nés obteremos
A 1
(qq) ~ - / dpr[ﬁT(pQ)
~ In'"*(A?%) (6.11)

Este resultado traz a importante informacao, que para as interagoes que estamos
usando na presente tese, que possuem A > 1, a integral do condensado no limite
quiral é finita para valores grandes de momento.
No entanto, a propriedade de liberdade assintética da QCD estabelece que A\ =
1 e devemos retomar a andlise feita no paragrafo acima. Mais precisamente, em
QCD nos temos além de A, que a constante de acoplamento a, = d7, sendo d =
12/(33 — Ny) onde Ny é o ntimero de sabores de quarks. Para este caso, a integral
do condensado diverge logaritmicamente [95]. Nesta situagao, se invoca o conceito
de condensado “running”, ou seja, se usa o fato de que o condensado depende de
uma escala de momento p da seguinte forma
A2\
()= i (5z)] tams (6.12)

0

Isso significa que na pratica a integral do condensado é determinada para um valor
de momento cortado em um grande valor de A, e assim o valor do condensado
é obtido para um dado p usando a Eq.(6.12). Dessa forma, quando se diz que
(—(qq)) = 250MeV, na verdade o que se quer dizer é que esse condensado tem
esse valor para uma dada escala de energia, que é escolhida por convencao como
sendo =1 GeV, sendo assim ( —(qq ),=1cev )3 ~ 250MeV.

Caso tenhamos mg # 0, no limite ultravioleta, a equacao de gap tem como

limite my. Para este caso, independentemente do valor de A, ndao é possivel definir
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um condensado. Assim, para contornar esse problema, se usa o fato de que a massa
de corrente também é uma quantidade “running”, ou seja, também depende de uma
escala de momento mo(r). Uma excelente discussao sobre esse assunto pode ser
encontrada na Ref. [95]. Nesta tese, no entanto nao discutiremos tais aspectos. Um
dos motivos para isso, é que na presente tese o importante é o valor da massa dos
quarks constituintes na regiao de baixas energias e momentos.

Em resumo, a partir da discussao feita acima sobre o condensado, nés temos um
forte indicativo de que o tipo de interagoes que estamos empregando na presente
tese, que foi da ordem de ~ 350MeV, podem ser adequadas para descrever uma boa

fenomenologia quiral.

6.3 Parametros Variacionais da Funcao de Onda

Uma vez as massas dos quarks constituintes estejam fixadas, o proximo passo é ob-
ter os parametros variacionais ay, d,,, Sy € a,, que aparecem nas funcoes de ondas
do nucleon e dos mésons D e K, além das respectivas massas desses hadrons. Para
isso, utilizamos as Egs.(4.115) e (4.151) junto com o esquema variacional descrito
nas Secs.2.3.3 e 2.3.4. Afim de evitar uma repeticao desnecesséaria, nao iremos re-
petir a discussao desse esquema variacional novamente. Por consisténcia, em nossas
solucoes numéricas nos usamos as mesmas interacoes Vo e Vi e as massas dos quarks
constituintes determinadas acima.

Nés observamos que para os potencias dos modelos de interagao da rede (LTT)
e de Szczepaniak-Swanson (SS), uma convergéncia muito répida dos resultados
numeéricos para os autovalores de energia e para os autovetores foram obtidos com um
pequeno numero de Gaussianas usado para as fungoes de onda de mésons e barions.
Mais precisamente o esquema converge para N = 6 Gaussianas. Nas Tabelas. 6.2
e 6.1 apresentamos os resultados obtidos para as massas e parametros variacionais
a e B para o ntucleon, o kaon e méson D para ilustrar a rapida convergéncia dos
resultados.

Cabe mencionar, que sé apresentamos os resultados desses trés hadrons, pois
apenas eles serao de interesse para a presente discussao. No entanto, nés desenvol-
vemos um esquema de calculo suficiente geral que pode ser estendido para outros
mésons e barions do espectro. Todos os parametros necessarios foram determinados
para a obtencao da mesma massa para os quarks constituintes leves M =~ 300 MeV.
Dessa forma, ndés esperamos que nossos resultados numeéricos para as massas dos
mésons e barions que obtivemos com o modelo de quarks no calibre de Coulomb nao

sejam tao bem ajustadas aos valores experimentais quanto aquelas do (MNRQ).

125



N° Gaussianas N K D
« Massa 15} Massa 15} Massa
1 565 1001 425 650 505 1993
2 595 992 465 648 405 1987
3 545 992 425 640 375 1987
4 555 991 445 627 445 1983
5 535 991 415 625 425 1982
6 535 991 435 620 445 1980

Tabela 6.1: Massas e parametros variacionais para barions e mésons obtidos com o

modelo de interacao (LTT). Todas as quantidades estao em MeV.

N° Gaussianas N K D

Q Massa (8 Massa (8 Massa
1 485 947 375 743 425 1960
2 545 912 435 728 375 1960
3 375 910 405 719 405 1956
4 375 909 445 701 455 1945
5 375 909 415 699 435 1943
6 375 909 445 699 465 1936

Tabela 6.2: Massas e parametros variacionais para barions e mésons obtidos com o

modelo de interacao (SS). Todas as quantidades estdao em MeV.

A seguir, vamos discutir o célculo das se¢oes de choque e deslocamentos de fase
para o modelo OGE. Para esse cédlculo, nés usamos os parametros que obtivemos
na Sec¢ao. 2.3.2. Vamos, especificamente, discutir os resultados numéricos para o
espalhamento KN e DN. Vamos apresentar resultados das secoes de choque e
deslocamento de fase para onda-S para os canais de isospin I = 0 e [ = 1. Nos
resolvemos a equacao de Lippmann-Schwinger para os potenciais Vi e Vpy obtidos

a partir de Vo e Vi e as respectivas fungoes de onda hadronicas discutidas acima.

126



6.4 Deslocamentos Fase e Secoes de Choque

Para determinar os deslocamentos de fase d;(F) para um certo momento angular L

e para uma dada energia E, usamos a seguinte equagao — ver Ref. [96]

Im TL
Re TL

0p(F) = (6.13)

onde T}, é a componente de momento L da matriz T on-shell. A matriz T é obtida a
partir da solucao da equacao de Lippmann-Schwinger, cuja decomposicao em ondas

parciais é dada por

> Vi(q,p' k2>

Ty (p,p, K2) = Vip,p/ z/dz4 6.14

L(p,p k) =Vp.p) + 3 e e (6.14)

onde k> = 2m,.qFE, E é a energia cinética do sistema méson-barion e a massa

reduzida é dada por my..q = mymp/(mymp ). Em (6.14) o potencial V, é

1

Vi(p,p') = 7T2/ df sin(0) Pr(0) Vas(p,p') (6.15)
1

onde as interagoes efetivas méson-barion, Vi p(p,p’), que utilizamos foram obtidas
no capitulo 6 e sao formadas pelas contribuicoes devido ao mecanismo microscopico
de quark-glion interchange e pela troca de mésons. A solugao numérica da equagao
de Lippmann-Schwinger envolveu a utilizagao do método da matriz I, cujos detalhes
podem ser obtidos na Ref. [96]. O cdédigo numérico, que foi gentilmente cedido
pelo prof. Lauro Tomio, é o mesmo que foi empregado com sucesso para obter os
resultados da Ref. [97]. Uma vez que a equagao de Lippmann-Schwinger tenha sido
resolvida para obtermos 77, nés determinamos os deslocamentos de fase d;, a partir

da Eq.(6.13), e com este nés calculamos as se¢oes de choque eldsticas
4 & .
= k_z (2L + 1) sin®(dy) (6.16)
L=0

Nos seguiremos o esquema variacional discutido na segao anterior para definir
as fungoes de onda para os mésons e barions, ou seja, usaremos para os modelos de
quarks (OGE ), (LTT ) e ( SS) fungdes de onda compostas por combinagoes lineares
de N = 6 Gaussianas. Isso porque, nds observamos uma boa convergéncia dos
observaveis de espalhamento para este pequeno nimero de Gaussianas. Para ilustrar
essa rapida convergeéncia dos resultados numéricos quando o nimero de Gaussianas
nas funcoes de onda do kaon, méson D e do nicleon aumentam, mostramos nas

Figs. 6.2, os deslocamentos de fase para o sistema KN e DN, respectivamente.
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Figura 6.2: Convergéncia dos deslocamentos de fase K N para diferentes ntimero de
Gaussianas para os modelos de quarks (OGE), (SS) e (LTT).
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Figura 6.3: Convergéncia dos deslocamentos de fase DN para diferentes niimero de
Gaussianas para os modelos de quarks (OGE), (SS) e (LTT).
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Na Fig. 6.4 mostramos os resultados para as secoes de choque para os sistemas
KN e DN como como funcao da energia cinética do centro-de-massa (c.m.) para
o modelo de interacao OGE. N6s usamos na interagao OGE as massas dos quarks
leves como sendo m, = myg = 300 MeV e para as massas dos quarks estranho e
charm nés usamos m, = 550 MeV e m, = 1600 MeV. A constante de acoplamento
quark-glion é ay = 0.6. Todos os outros parametros envolvidos foram obtidas pela
diagonalizagao do Hamiltoniano do modelo de quarks — Secao. 2.3.2. O primeiro
aspecto a ser notado nos resultados para essas se¢oes de choque é que em ambos
os casos, KN e DN, a contribuicdo spin-spin no OGE é mais importante que a
componente de Coulomb, como enfatizado na Ref. [57].

Os resultados também mostraram que as secoes de choque para os canais de
isospin I = 0 and I = 1 sao praticamente constantes. As se¢oes de choque preditas
para o sistema DN sao aproximadamente 1.5 vezes maiores que as do sistema KN.

Este é um efeito dos diferentes tamanhos e das diferentes massas dos quarks dos
hédrons K e D.

50

KN OGE DN OGE
40+ 4 40 4

20 |- -

Gtot (D]
Gtot [mb]

E=- - == = = =cle = == == = -l
0 25 50 75 100 125 150 0 25 50 75 100 125 150
Ecm' my - my [MeV] Ecm’ my - mpy [MeV]

Figura 6.4: Secoes de choque KN e DN devido ao mecanismo de OGE para N=6
Gaussianas. As curvas tracejadas e pontilhadas sao resultado da parte spin-spin nos
canais de isospin I = 1 e I = 0, respectivamente. A curva sélida foi obtida depois
de adicionarmos a parte spin-spin a parte de Coulomb no canal de isospin I = 1.
Para o canal de isospin I = 0 a componente de Coulomb é zero de tal modo que o

modelo completo coincide com a parte spin-spin.

As predigoes para as se¢oes de choque baseadas no modelo de interagao do Calibre
de Coulomb (SS) e (LTT) sao mostradas na Fig. 6.5. Esses resultados sdo muito
similares ao modelo OGE, entretanto, como o tamanho dos hadrons nesse modelo

sao sensivelmente maiores que aqueles do OGE, observamos secoes de choque um
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pouco maiores que no OGE — Tabelas. 6.2, 6.1, 2.5 e 2.6. Também notamos que
diferentemente da contribuigao spin-spin no modelo SS, que é similar & do OGE, no
modelo LTT a parte de Coulomb é mais importante.
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Figura 6.5: Secdo de choque KN e DN para os modelos de interacao (SS) para
N=6 Gaussianas. Mesma descricao que as curvas na Fig. 6.4.
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Figura 6.6: Secao de choque KN e DN para os modelos de interacao (LTT) para
N=6 Gaussianas. Mesma descri¢ao que as curvas na Fig. 6.4.

O papel da adicao de interacoes de troca de mésons ao potencial de curto al-
cance gerado a partir do mecanismo de quark-gluon interchange nos observaveis de
espalhamento do sistema DN foram primeiramente analisados na Ref. [57]. Aqui

vamos usar nessa primeira etapa dos calculos, as constantes de acoplamento dadas
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na Eq. (E.145). Dessa forma, estaremos assumindo a simetria de sabor SU(4) para
fixar o valor dos acoplamentos gpp, € gpp.-

Os autores da Ref. [57] mostraram que, analogamente & reagao KN, as contri-
buigdes dominantes sdo devidas pelos mésons vetoriais ( p, w ) junto com contri-
buicoes escalares, que nesta tese nds parametrizamos em termos da troca de um
unico méson o. Naquele estudo foi observado que no canal de isospin I = 0 existe
uma interferéncia destrutiva entre as contribuigoes atrativa do méson p e repulsiva
do méson w. A inclusdo do escalar ¢ tem um pequeno efeito atrativo neste canal.
No entanto, para o canal de isospin I = 1 a interferéncia entre os mésons p e w
sao construtivas. A contribuicao devido a troca de um o é bem pequena como em
I = 0. Nos ilustramos essas interferéncias nos deslocamentos de fase da onda-S para
os sistemas KN e DN na Fig. 6.7.
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Figura 6.7: Deslocamentos de fase para os sistemas KN e DN para os canais de

isospin I = 0 e I =1 para o modelo de troca de mésons (ME).
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Nas Figs. 6.8 e 6.9 , nés apresentamos os resultados apés combinarmos as con-
tribuigoes desses trés mésons com a parte microscopica devida aos modelos OGE;,
SS e LTT. Em cada um desses graficos é facil ver que a contribuicao devido a troca
de mésons tem o efeito de aumentar a secao de choque em ambos os canais. Es-
pecificamente, para o canal de isospin I = 1 ( linha sélida ), o efeito do aumento
da sec¢ao de choque é muito maior que no canal isospin I = 0 ( linha pontilhada ).
Este é um resultado esperado, uma vez que nesse canal de isospin, os mésons p e
w contribuem construtivamente para a secao de choque, e para o canal I = ( esse
efeito é praticamente nulo uma vez que esses mésons interferem destrutivamente.

Uma questao natural que poderia surgir neste ponto é sobre o possivel efeito de
dupla contagem quando sao considerados simultaneamente os mecanismos de troca
de quarks e troca de mésons. De fato, somente parte da troca do mésons w ( a
componente ¢ = 0 do campo gbff) ) é equivalente a troca de quark [98]. Um caminho
para evitar essa dupla contagem é usar um fator de forma que corte a parte de curta
distancia devida a troca do w. Um procedimento tal ja foi empregado na Ref. [87]
para a interacao NN. L&, o ponto importante era que apesar da troca do mésons w
ser genuinamente de curto alcance, ele desempenhava um papel importante naquela
reacdo. Um efeito similar é esperado para a reacdo DN, como para a reacdo K+N.
Na presente tese nés nao implementamos esse corte, mas certamente quando o efeito
da parte de curto alcance do campo do qb(()w) for removido os resultado podem mudar

um pouco. Nés temos a intencao de estudar tais efeitos em um trabalho futuro.
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Figura 6.8: Secdo de choque KN e DN para os canais de isospin I = 0 (linha
tracejada) e I = 1 (linha Sélida). As curvas sao resultado do modelo completo, i.e.,
incluindo contribuicoes devido a ME + OGE.
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Figura 6.9: Secdo de choque KN e DN para os canais de isospin I = 0 (linha
tracejada) e I = 1 (linha Sélida). As curvas sao resultado do modelo completo,
i.e., incluindo contribuicoes devido a ME + SS e ME + LTT. Em todos os modelos
de quarks nés usamos funcoes de onda formadas pela combinacao linear de N=6

Gaussianas.

Nas Figs. 6.10 e 6.11, apresentamos os resultados para os deslocamentos de fase
para a onda-S para os sistemas KN e DN para os canais de isospin [ =0 e [ = 1.
Nessas figuras, nos painéis a esquerda nds apresentamos os resultados devido aos
modelos de quarks sozinhos. Nos painéis a direita sao apresentados os resultados
apos termos adicionado em cada um dos aos modelos de quarks a contribuicao devido
a troca de mésons. Como sempre, o mecanismo de troca de quarks leva a interagoes

repulsivas. Nés notamos que a repulsao é um pouco maior no presente modelo que

no OGE.
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Figura 6.10: Deslocamentos de fase K'N para os canais de isospin I =0e [ =1¢e
DN para o canal de isospin I = 0. O painel a esquerda mostra os resultados para a
interagao devido aos modelos quarks OGE (linha sélida), para LTT (linha tracejada-
pontilhada) e para SS (linha tracejada). O painel a direita mostra os resultados ap6s
incluirmos as contribuigdes do modelo de ( ME ). Em todos os modelos de quarks

usamos fungoes de onda formadas pela combinacao linear de N=6 Gaussianas
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Figura 6.11: Deslocamentos de fase DN para o canal de isospin I = 1. O painel
a esquerda mostra os resultados para a interagao devido aos modelos quarks OGE
(linha sélida), para LTT (linha tracejada-pontilhada) e para SS (linha tracejada).
O painel a direita mostra os resultados apds incluirmos as contribuicoes do modelo
de ( ME ). Em todos os modelos de quarks usamos fungoes de onda formadas pela

combinacao linear de N=6 Gaussianas

Para finalizar nossa discussao de apresentacao dos resultados numéricos, vamos
apresentar os resultados para se¢oes de choque e deslocamentos de fase para o pro-
cesso DN para os modelos OGE + ME, SS + ME e LTT + ME, levando em conta
agora os efeitos da quebra de simetria SU(4). Isso significa que nas constantes de aco-
plamento gpp, € gpp., cujos valores foram fixados a partir da constante g, = 6.0

por meio da seguinte relagao [57]

Irr
9DDp = 9DDw = YKKp = JKKw = 9 & (617)

nés iremos adicionar os 28% que estimamos na Segao. 3.6. Esse efeito nos leva a

constantes de acoplamento com o seguinte valor,
9pDp = 9DDw = 3.84. (6.18)

Recentemente, os autores da Ref.[99] forneceram o seguinte valor para gpp, = 3.81.
Na Ref.[100] também foi obtido um valor para a constante gpp, = 2.9 & 0.4 usando
Regras de Soma da QCD. Nés usamos o valores dos acoplamentos dados na Eq.(6.18)
e recalculamos as secoes de choque e deslocamento de fase para a reacio DN. Os
resultados desse célculo foram comparados com o caso simétrico nas Figs. 6.12 e
6.13.
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Figura 6.12: Secdes de choque para o sistema DN. As linhas sélidas representam as

secoes de choque para o caso dos modelos de quarks + ME com acoplamento com
quebra de simetria SU(4) — Eq.(6.18). As linhas tracejadas representam as segoes

de choque para o caso dos modelos de quarks + ME com acoplamento simétrico.
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Figura 6.13: Deslocamentos de fase para o sistema DN. As linhas sélidas represen-
tam os deslocamentos de fase para o caso dos modelos quarks + ME com acopla-
mento com quebra de simetria SU(4)- Eq.(6.18). As linhas tracejadas representam
os deslocamentos de fase para o caso dos modelos quarks + ME com acoplamento
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Nas Figs. 6.12 e 6.13, ndés apresentamos os resultados comparativos das secoes
de choque e deslocamentos de fase para os canais de isospin I = 0 e I = 1 para
a reacao DN, usando no modelo de troca de méson as constantes de acoplamento
9pDp € gppw Obtidas a partir da simetria de sabor SU(4) (linha tracejada) e também
levando em conta o efeito de 28% que nds calculamos na Se¢do. 3.6 (linha continua).
Os resultados mostraram, que o aumento da constante de acoplamento devido a
quebra de simetria de sabor tem um efeito pequeno mas nao desprezivel, que faz
com que as secoes de choque nos modelos ME4+OGE, ME4-SS e ME+LTT aumente.
Os deslocamentos de fase, para cada um dos trés modelos, tornaram-se também um
pouco mais repulsivo nos trés modelos. Esses resultados indicam que os efeitos da
quebra de simetria de sabor SU(4) devem ser consideradas no estudo dos observaveis
de espalhamento para a reacio DN. No entanto, observamos que as implicacoes
dessa quebra de simetria nao sao tao dramaticas quanto parecem ao analisarmos a

quebra apenas a nivel das massas dos quarks,ou seja, m, = mqg < mg; < m..
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Capitulo 7

Conclusoes Finais e Perspectivas

Nesta tese nés investigamos o acoplamento de mésons e barions charmosos ao nticleon
no contexto de um modelo nao-relativistico de quarks. Também propomos a imple-
mentacao de um modelo de quarks inspirado no Hamiltoniano da QCD no calibre

de Coulomb para determinar as interagoes méson-barion.

Inicialmente, nés empregamos o modelo de decaimento forte 3Py para obter as
razoes das constantes de acoplamento para os vértices méson-méson-méson e barion-
barion-méson. Mais especificamente, os vértices analisados foram os seguintes: 77p,
KKp, DDp e NNn, NL,K, NA.D, N¥.D, NA,K. Para determinar os elemen-
tos de matriz do operador de decaimento 3P, usamos funcoes de onda de estado
ligado obtidas pela diagonalizagao exata do Hamiltoniano do modelo microscopico
de quarks em uma base finita de funcoes de onda Gaussianas. Noés analisamos os
efeitos da quebra da simetria SU(4) de sabor sobre as constantes de acoplamento
devido as diferentes massas dos quarks (u;d), s e ¢. Nossos resultados mostraram
uma quebra no setor mesonico da ordem de 20% — 28%. J4 no setor barionico, a
quebra é da ordem de 10% —20%. Esses valores numéricos para a quebra da simetria
sao suficientemente grandes para que seus efeitos na interagao entre mésons char-
mosos e o nucleon nao fossem investigados, em particular com relagao as predigoes

das Refs. [56] e [57].

A seguir, nés discutimos a formulagao de um modelo de quarks a partir de um
Hamiltoniano inspirado no Hamiltoniano da QCD no calibre de Coulomb. Nesse
modelo, os efeitos dos graus de liberdade gluonicos aparecem no potencial de confi-
namento do tipo Coulomb e um potencial de glions transversos. As caracteristicas

mais importantes do modelo é que o Hamiltoniano confina a cor e realiza a quebra
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dindmica da simetria quiral (DxSB). O confinamento de cor no modelo significa
que somente estados singleto de cor tem energia finita. A DySB significa, neste
contexto, que a massa dos quarks constituintes ndo € um parametro livre, mas sim,
gerada pelas interagoes microscopicas. Ainda mais, essas interagdes microscopicas
sao também responsaveis pela formacao dos estados ligados hadronicos e também

pela interacao entre hadrons.

Nos usamos esse modelo para estudar as secoes de choque e deslocamentos de
fase para processos eldsticos envolvendo os sistemas KN e DN. Nenhum ajuste
de parametros foi utilizado, toda a parametrizacao necessaria para avaliar esses ob-
servaveis de espalhamento foram determinados pelo préprio modelo. Nos discutimos
os resultados para as secoes de choque e deslocamentos de fase da onda-S para es-
tados acoplados de isospin I =0 e I = 1. As funcoes de onda dos mésons e barions
envolvidos nas reagoes foram expandidas como uma soma de fungoes de onda do
tipo Gaussianas. Os parametros dessas fungoes de onda foram obtidos a partir de
um esquema variacional que envolveu a diagonalizacao do Hamiltoniano. Para as
interagoes microscopicas, empregamos resultados obtidos via simulagoes de QCD na
rede no calibre de Coulomb (LTT) e a partir de um estudo variacional, semi-analitico
baseado na idéia de quasi-particulas (SS). Os resultados obtidos foram confrontados
com as predicoes do tradicional modelo de quarks nao relativistico com troca de um
glion (OGE). A sensibilidade dos resultados obtidos com cada modelo em termos do
tamanho da base de fungoes Gaussianas foi analisado. Observamos que para os trés
modelos de interagao utilizados, LTT, SS e OGE, os resultados dos observaveis de
espalhamento estabilizaram para N = 6 Gaussianas. Isso sem duvida, é uma assina-
tura da boa convergéncia dos autovalores de energia, como mostrado nas Tabelas 6.2
e 6.1.

Especificamente, os resultados que obtivemos com o modelo de quarks no calibre
de Coulomb, LTT e SS, tanto para as secoes de choque quanto para os desloca-
mentos de fase, sdo um pouco maiores que aquelas obtidas a partir do modelo
nao-relativistico de quarks com troca de um glion, OGE. A explicagao para os re-
sultados maiores, é devido ao fato de que nos modelos LTT e SS as fungoes de onda
dos hadrons levam a tamanhos menores que o modelo OGE. Esse tamanho menor
dos hadron favorece superposicoes maiores entre as funcoes de onda dos hédrons
no espago dos momentos, o que favorece o mecanismo de troca quark-glion (quark-
gluon interchange). Além disso, as interagdes microscépicas dos modelos LTT e SS
sao mais intensas que aquelas do modelo OGE, uma caracteritica que também leva

ao aumenta da intensidade da interagao de troca quark-glion.
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O mecanismo de troca quark-glion leva a uma interacao de alcance curto. Para
levar em conta forcas de alcance longo, nés também incluimos a troca de mésons.
Inicialmente, empregamos constantes de acoplamento fixadas pela simetria de sabor
SU(4). Uma vez que nds usamos as mesmas constantes de acoplamento, massa dos
mésons e cutoff de massas que aquelas das Refs [56] e [57], nossos resultados sao
idénticos aos obtidos por essas referéncias para a parte de longo alcance gerada por
esses mésons. A seguir, consideramos o efeito da quebra de simetria de sabor SU(4)
nas constantes de acoplamento para a interacdo DN no modelo de troca de mésons
(ME). Conforme jé discutido, avaliamos essa quebra nas constantes de acoplamento
9pDp € 9ppw- Observamos um aumento nos valores dessas constantes, o que se
refletiu no aumento nos valores das secoes de choque, e os os deslocamentos de fase
tornaram-se um pouco mais repulsivos. No entanto, esses aumentos nao sao muito
grandes. Por um lado, isso significa que as predigbes das Refs. [56] e [57] nao se
alteram muito devido a incorporacao dos efeitos da quebra de simetria de sabor nas

constantes de acoplamento dos mésons.

O modelo de quarks desenvolvido na presente tese deixa espago para aprimo-
ramentos e uma variedade de outras aplicagoes. Um possivel aprimoramento que
pode ser implementado com algum esfor¢o computacional seria evitar o uso da apro-
ximagao de baixos momentos no calculo da fungao de massa M (k). O custo compu-
tacional, como ja dito anteriormente nesta tese, é a necessidade de realizar integrais
multidimensionais via métodos de Monte Carlo para a determinacao do espectro
dos hadrons e do potencial efetivo méson-barion. Um outro aprimoramento seria
um trabalho conjunto com praticantes de QCD na rede para gerar interagoes de
glions transversos Vr para a inclusao num Hamiltoniano efetivo como o empre-
gado nesta tese. Lembramos que a interacao Vr que empregamos foi parametrizada

devido & auséncia de calculos de QCD na rede para essa interagao.

Em resumo, nés acreditamos que modelos como esse que apresentamos na pre-
sente tese sao um importante avanco para o estudo sobre as interacao a baixas
energias entre hadrons. Nao existem informagoes experimentais sobre essas reagoes
e qualquer novo desenvolvimento pode ser de grande ajuda como um guia em futuros
experimentos como aqueles propostos para o laboratério FAIR [101]. Em adigao,
um modelo de quarks que é baseado e um Hamiltoniano que realiza DySB deve ser
considerado com um importante avanco em relacao ao tradicional modelo de quarks
onde nao existe nenhuma conexao entre as massas constituintes e as interagoes mi-
croscopicas. Um modelo que faz um tal link é§ muito mais adaptado para estudos

sobre restauracao quiral no meio hadronico denso e quente.
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Apeéendice A
Notacao e Convencoes

Neste trabalho estaremos usando a seguinte convecgao para os quadrivetores con-

travariantes (z/) e covariante (x,,)

o= (ta) @, = (t,—x) (A1)
p'=(E,p) p.=(E —-p) (A.2)
e para o tensor métrico
1 0 0 0
0 -1 0 0
L= g = A3
Iu g 0 0 -1 (A.3)
0 0 -1

As matrizes gamma v* = (7°,7), obedecem
VA A ={") = 29" (A.4)

e na representacgao de (Dirac-Pauli), podem ser escritas como

(30) () ()

com as matrizes de Pauli dadas por

(1) e (02) (1)
10 1 0 0 -1

Para os espinores de Pauli de duas componentes temos as seguintes relacoes

(i) ) (1) (3]
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Além dessas a seguinte relacao para matrizes gama serd 1til

o =S ("" = ")

N | .

com i # v. As matrizes de Isospin de Pauli, 7(7,,7,, 7.), sdo dadas por
01 0 —i 1 0
Te = T, = . T, =
10 t 0 0 -1
Em termos do tensor esférico, podemos introduzir

Ty = [T i1

1
V2
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Apeéendice B
Coeficientes Angulares A e B

Na Sec. 2.3.4 nés temos introduzido trés coeficientes angulares no potencial de in-
teracao “Coulomb + Linear”, Alhbla Blobbly o C. Esses coeficientes sao decor-

rentes da separacao de das varidveis angulares das especiais. A forma explicita do

g

<C1(0) [ A7, (Vi) Vi (1) [ AV, ()i (0] ()
(B.1)

coeficiente devido ao termo de Coulomb do potencial é dado por

P T
Blp RUDN E/ do SlIl(@) COS2(0)5111 51 l>\ mim, mAmA + Z Z |:

0 1=0 m=—1

onde néds temos introduzido o coeficiente C;(#), que denominaremos de Coulomb,

por meio da seguinte relacao

Cu(6) = (~1)' /0 " 19sin(0) cost(0) K 331) (C;ZH )}

1mn
S
n
S

s

+ (—1)1/2 df sin?(9) cos?(0) [(2 3 : ( ¢
arctan(2)

)
ot [l (2) ()
ﬂ )

+ (+1) / ;an(z) df sin?(6) cos*(9) [(2 31)? ( - (B.2)
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Ja forma explicita do coeficiente devido ao termo linear do potencial é dado por

Al — \/_/ df sin®(9) cos (9)61/ Ot 1, Ot my Orm +Z Z [ ST }

<L(6) [ A, (00 i (Vg () [ Vi ()i (DY g ()
(B.3)

onde nés temos introduzido o coeficiente L;(#), que denominaremos de linear, por

s () (20

+ (—1)" /2 df sin*() cos?(6)
arctan(2)

meio da seguinte relagao

arctan(2)
L,(0) = (—1)l/ df sin?() cos?(0)
0

(2 1— 1) (2 - :1),1—1); (czisrlll—(lﬁé))
s () (5ia) e (3) )
ot () ()

+ (+1)* /2 df sin*(0) cos*(6)
arctan(2)

[ SIS

arctan(2)
+ (—l—l)l/ df sin*(0) cos?(6)
0

- () ()

ot (7) (o) et (55) (6|

(B.4)

X
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Apéndice C

Funcoes de Spin e Sabor de

Mésons e Barions

Neste apéndice vamos apresentar as fungoes de spin e sabor para os barions e mésons
estudados neste trabalho. Por completeza, vamos usar as seguinte notagao para as

projecoes de spin e sabor do quark e antiquark
e Spinis=1—-Tes=2—],

o Sabor:f, =1—= u, f,=2—=4d, f,=3— s,c.

1

Py =g [2u(Ddu2)us(3) + 2, (Dur(2)ur(3) + 2ur(Lur(2)d, (3)
—uy (1)dr(2)us(3) — up(L)dp(2)uy (3) — dp(1)uy (2)ur(3)
—dp(Dur(2)uy (3) — up(Luy(2)dr(3) — uy (1u (2)d¢(3)] (C.1)
=1 = \/% [QdT(1)5¢(2)UT(3) — dy(1)s+(2)up(3) — sp(1)dy (2)u(3)

25, (1) (2)un(3) + 2us (1) (2)3,(3) — u (1), (2)54(3)

—uy(1)5(2)dy (3) + 2ur(1)s, (D)5 (3) + 25, (Dur(2)dr(3)
— s (Dur(2)dy(3) — dy(L)us(2)s1(3) + 2d4 (1)ur(2)5,(3)
—sr(D)uy (2)ds(3) — uy(1)5+(2)ds(3) — dy(1)51(2)uy(3)

—dy (D)uy(2)s1(3) — w, (D4 (2)5:(3) — s (Vs (uy(3)]  (C.2)
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A = o [ DA () DB () = d(Du@e(3)
T (1)uy (2)31(3) + s (g (2)dy(3) — 31y (2)dr(3)
— 5 1)y (2 (3) + 55(1)dy (2)r(3) + ) (1) (2 (3)
—dr (D)5 (2)uy(3) = w (D52 3) + (V1 (2)di(3)]  (C:3)

E imediato obteremos os estados de spin-sabor para os barions charmosos A e XF
das Egs.(C.2 eC.3) pela substitui¢io s — c.

K%)=~ n()32) w5 (C.4)
D) = —5 (1@ — w(Le() (C5)
) =~ (DL ~w ) (C.6)
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Apeéndice D
Determinacao do Potencial Vs,

Em geral neste trabalho precisamos calcular a parte de spin do potencial V; ,,, isto

é, precisaremos determinar a seguinte expressao

Vie =Y Xu(o-P)x; (D.1)

ss’

Se expandirmos a soma sobre os spins teremos o seguinte resultado
Ve =xi(0-P)Xi+xi(e-P)xs+x3(0-P)xi+xz3(0-P)x;  (D.2)

Nosso proximo passo serd calcular cada um dos quatro termos que apetecem nessa
expansao, e para isso usaremos as definicoes das matrizes e dos espinores de Pauli
dadas nas Eqgs.(A.6 e A.7).

e Xilo-P)x{=xi(0p P40, P, +0. P.)X{

Vil P)xi = (1 0)(? é)(?)szPx (D.3)
Xilo, P = (1 o)(? j)(?)a:—m (D4)

10
(0, P)yS = (1 0)
Xi (o ) X1 (o )
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® Xi(0 - P)xs =Xi(0z Po+0y-Py+o.-P)xs

Xi (02 Po)xs = (1 0)(? é)(:;)lﬂz:o
Gloy P = (1 0)(2 z)i)(_()l)a:o
Xi (0. P)xs = (1 o)(é (1)><_01>PZ:—PZ
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Podemos agora, resumir todos os resultados obtidos da seguinte maneira

Xi(o-P)xi = [P —ib)] (D.15)
xi(e-P)x; = —P (D.16)
Xs(o-P)xi = P (D.17)
Xs(0-P)x; = —[P+1iP)] (D.18)

Serao uteis também neste Trabalho as seguintes expressoes envolvendo harmonicos

3 . [3 [P, +iP
iflil(Qp) = 8_7'(' Sln(Q)e ¢ - 8_7T [%} (Dlg)

/3 3 P,
}/1:‘:0(9]3) = 8_71' COS(@) = 8_71‘? (DQO)
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Apeéendice E

Potencias de Troca de Méson e

Fatores de Isospin

Neste Apéndice nés apresentamos todos os calculos necessarios para a determinagao

dos potenciais de troca de méson dados no Capitulo 5.

E.1 Foérmulas de Reducao: Escalares e Férmions

Nossa intengao aqui, sera descrever os principais resultados apresentados pelos au-
tores da Ref. [102].

Os elementos da matriz-S no espago dos momentos, descrevendo a amplitude de
transicao de n-particulas incidentes (in) em m-particulas ejetadas (out), sdo definidos

pela seguinte expressao

Spi={a, .-, qm;out|py, ..., pn;in) (E-1)

No espacgo de Fock, os estados de n-particulas sao obtidos por sucessivas aplicagoes

de operadores de criagao bosonicos livres no vacuo, isto é

p1, ..., pasin) =al o ...al 10) (E.2)

Esses operadores sao tais que respeitam as usuais relagoes canonicas de comutagao [102].
O operador de campo para uma particula escalar neutra, ¢y, /out, pode ser sempre

expandido em termos de ondas planas da seguinte forma
nl) = [ @ i (o) + i F50) (.3

onde na Eq.(E.3), além dos operadores de campo a e a', nés temos também os

fatores

folz) = We_i o fpla) = Wei N (E.4)
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onde as energias das particulas escalares respeitam a seguinte relagao de dispersao,

wy = Vk? + p? (E.5)

A conexao entre os campos incidentes (in) e os ejetados (out) é feita por meio de

uma transformagao unitaria,

~ ~ A

Gout () = S~ din(x) S (E.6)
onde S é um operador que satisfaz a condicao
STS =1 (E.7)

E, por hipdtese, a relacao entre os operadores de campo interagentes q@(az) e livres

Cgm/out@) é feita pela chamada condicao assintdtica, ou seja

Jim (b]6(2)[a) = VZ(b]ou()]a), (E.8)
Jim (b[(2)[a) = VZ(b]dou()]a) (E.9)

onde Z é uma constante de renormalizacao a ser fixada. Além disso, estamos assu-

mindo que f,(x) e seu complexo conjugado satisfazem a equagao de Klein-Gordon,

(O+ 1) fp(z)=0 (E.10)

A Eq.(E.3) pode ser facilmente invertida em favor dos operadores aniquilacao e

criacdo, a e af, isto é

tpin = i [ @2 £3(0) ) b B11)
U = i / &z fy(z) 0 dulx) (E.12)

A idéia, agora, é expressar os elementos de matriz-S definidos na Eq.(E.1) em termos
do valor esperado de um produto de operadores de campo ordenado temporalmente.
A quantidade fundamental de interesse é a funcao de Green de n-pontos. A expressao
que conecta a matriz S e a funcao de Green de n-pontos é conhecida como férmula
de reducao LSZ.

A férmula de reducao para campos escalares neutros pode ser obtida a partir de
alguns passos simples que seguem o seguinte esquema. Primeiro, devemos extrair um
operador de criacao ap i, do estado inicial da Eq.(E.1). Segundo, devemos expressar

este operador em termos dos operadores de campo assintéticos @i, () e dout(x),
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para isso basta usar as Eqgs.(E.11) e (E.12). E, por fim, devemos usar as Eqgs.(E.8)
e (E.9) para conectar os campos assintéticos bin Jout(Z) com os campos interagentes
ngS(x) Esse procedimento deve ser aplicado sucessivamente na Eq.(E.1), para todas
as particulas presentes tanto no estado inicial quanto no final. De tal modo que,
ao final teremos obtido o valor esperado do vacuo de um produto de operadores de
campo da seguinte forma

1

n+m
Sy = <E> /d4x1...d4mn dyr - Ay f2 ) - o (Y)

AN
7

< (Ty 4 42) (O, + 1) <0|T<¢3(I1)---Qg(%)@g(w)---a@(ym)) 10)

Vi
N N

X (O + N2) o (g, + N2) Jou(@1) o fp, (20) (E.13)

onde nods estamos usando a seguinte notacao Z =+/Z. Além disso, em nossa notacao,
a quantidade T'(...) é o operador de ordenamento temporal. O valor esperado do
produto de operadores de campo escalares ordenado no tempo, é a funcao de Green
de n-pontos.

Para o caso envolvendo férmions vamos seguir o mesmo esquema. Os operadores
de campo assintéticos para particulas com spin-1/2 podem ser expandidos em ondas

planas como

[ @3 [ tle) + dups) ip(e)] (B1)

i) = [E 3 [+ dps) @] (B13)

onde na equagao acima os auto-espinores no espago dos momentos sao dados por

uns(7) = o[ ¢ P (E.16)
ope(z) = (2;)3/2\/%@“?%@,8) (E.17)

Esses espinores sao tais que ele devem obedecer a equacgao de Dirac livre
(i = m) ups(@) = (F=m) ps(z) =0 (E.18)

(i —m) vps(x) = (—p—m) vps(z) =0 (E.19)
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Podemos, de maneira andloga ao caso dos campos escalares, reescrever as Eqgs.(E.14)

e (E.15) em favor dos operadores de criacao e aniquila¢ao, como segue

e = [ Eodl@ i) (E.20)
dn(p.s) = / 0ol () dinl) (E.21)
bowt(D,5) = /dgxul,s(:z:)zﬂout(x) (E.22)
doalps) = [ 2 ifule) (o) (B.23)

As condigoes assintdticas para os campos de Dirac i, jout () s@o definidas de maneira

analoga ao caso de Klein-Gordon, ou seja

im (b]d(x)[a) = VZ(b]vu()]a) (E.24)
im (b[d(@)|a) = VZ(b]vou()|a) (E.25)

Se seguirmos os mesmos passos descritos para os campos escalares, nés obteremos a

férmula de reducao para os campos fermionicos, ou seja

—a\n+m ) \n+m
Sif = ( ZZ> <%> /d4I1. o d4$nd4jﬁ1 R d4.’f‘nd4y1. .. d4ymd4g71. .. d4gjmfaqum (ym)

X (iaym - m; s aqﬂ"l (yl)(iayl - m§@ﬁn§n (jn)(laﬂ?ﬁ —-—m).. '@3151 (501)(@@75:1 -—m

x (0] T(&(%) D Gn) ) - D) (1) (@)D () mm) 0)

X Z_iawl - m)uplsl (331> s Z_Zaxn - m)upnsn (xn)é_iagl - m)vﬁﬁl (ﬂl)
X E_iaﬂm o m>vﬁm§m (gm> (E26)

ons estamos designando as antiparticulas por quantidades com “barra”e, além disso,
estamos usando a seguinte notagao 7z = N Novamente, em nossa notagao a
quantidade T'(...) é um operador de ordenamento temporal. O valor esperado do
produto de operadores de campo fermionico ordenado no tempo é a funcao de Green
de n-pontos.

Nosso proximo passo sera calcular a funcao de Green de n-pontos, e para fazer

isso, usaremos teoria de perturbagoes. Vamos introduzir a seguinte definicao para a
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funcao de Green, para o caso de campos escalares
G (zy,... 2,) = N(0|T(g5m(x1) e Gi(g) e dtﬁf@)) 0)  (E.27)

onde para normalizar o estado de vdcuo a unidade, (0|0) = 1, nds precisamos impor

a seguinte condicao
1
N = E.28
<0|e—zfjo°: dt L(t) ’0> ( )

Apo6s empregarmos a expansao perturbativa usual da funcao de Green, nés obtere-

mos a seguinte expressao

x <0|T<¢3m(fﬁl)<5m(xz)~~¢5m($n) ﬁf(yl)---ﬁf(yk)) [0) (E.29)

Esse esquema pode ser aplicado de maneira completamente andloga na obtencgao da

funcao de Green em processos envolvendo campos de fermionicos.

E.2 Potenciais no Espaco dos Momentos

No que segue estaremos interssados na obtencao da interagao de mésons charmosos
com ntcleons. O méson D é uma particula pseudo-escalar com spin 0 e isospin
1/2, j4 o nicleon possui tanto spin quanto isospin 1/2. No espago de isospin essas
particulas correspondem a um dubleto definido por D = (DO, D*) e N=(p,n).
Em ordem mais baixa da teoria de perturbacoes, a matriz S correspondente a

processos de espalhamento elastico que estaremos interessados nesta tese ¢ dada por

4 4 4 4 * 2\ — . 2
Sfi = 5fi + 71 Zs d'zyd ze d*yrd ys fp3<y2) (Dyz +u ) uP4,S4<x2) (Zaxz -m )
@ PP S
x G (x17$27y1>y2) (Zaffl —m ) um,sz(wl) (Dyl +p ) fpl (yl) (ESO)

Uma das quantidades essenciais na matriz S sao as funcoes de Green de 4-pontos, e

para as reacoes que estaremos interessados estas sao

o =L / @212 (O (V) (21) ) (22) 6" (52) 6P (1) £1(21) L (22) ) 10)

|
2" (E.31)
=0 [ ad 0T (5w 6 )6 )0 ) £4(2) () ) 0)
(E.32)
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9 . _
G = %/d421d4z2<0|T(¢(N)($1)@(N)($2)¢3*(D_)(yl)ﬂg(Do)(y2)£1(21)52(22)>|0)
(E.33)
onde m é o rotulo que designa o méson trocado e, além disso, afim de compactar
a notacao nés omitidos o argumento da funcao de Green GY = G%)(xl, To, Y1, Ya)-
Nestas equagoes noés temos ainda que Ly e Ly, sao as densidades Lagrangianas
associadas a cada um dos vértices que aparecem na Figura.E.1. A forma explicita
dessas Lagrangianas, como também dos campos escalares e fermionicos sao dadas
no Apéndice F.

Uma fato importante a ser notado é que essas densidades Lagrangianas, ver
Apéndice F, possuem uma estrutura de isospin. No entanto, nossa experiéncia mos-
tra que é possivel implementarmos todos os calculos necessarios para a obtencao
das funcoes de Green e, consequentemente, os elementos de matriz-S, sem men-
cionarmos esse setor das Lagrangianas, o que simplifica enormemente os calculos.
Mas nao podemos esquecer, obviamente, que ao final dos calculos devemos resga-
tar corretamente os fatores decorrentes da parte de isospin dessas Lagrangianas.
Em resumo, no que segue, nés omitiremos qualquer informagoes sobre isospin nos
calculos e somente no final de nossa discussao nds adicionaremos corretamente es-
tes fatores no potencial. Além disso, nés devemos mencionar que toda a discussao
serd feita para o sistema DN mas com algumas simples modificacoes nas constantes
de acoplamento como também na massa dos mésons é possivel obter os potenciais
de interacao para o sistema K+tN. Na linguagem de diagramas de Feynman tais

processos sao pictoriamente representado como na Figura.E.1.

P N
I PEATR N
P N

Figura E.1: Contribuicdo devido a troca de um méson vélida para a interacio DN

e KN. Neste diagrama D ou K, é a particula pseudoescalar P e N é o nticleon.
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E.3 Contribuicao do Méson o

O elemento de matriz S no espago dos momentos correspondente a contribuicao de
um méson escalar o é dado por
/ e —

S(U)

fi d'zy d*zy dyr dhys £, (y2) (Oyy + 1) Tpy s, (22) (10, —m®)

(4) » 2 2
X Ga <x17x27y17y2) (Zam —m ) up2782(:c1) (Dyl +p )fp1 (yl) (E34)

Depois de utilizarmos a técnica de contracoes de Wick na funcao de Green, nos

obteremos a funcao de 4-pontos para a troca do méson o, isto é

G¢(74)<$1, 55271/173/2) = —YNNo 9DDo /d421 d42’2 [ZA(DO)(Zl - Z/l) ZA(DO)(Zl - Z/z)

X ZA(U) (22 - Zl) ZS(N) (ZEQ - ZQ)iS(N) (ZQ - (L’1> (E?)E))

Na Eq.(E.35) S(z —y) e A(x — y) sdo os propagadores de férmions e escalares. Se

lembrarmos agora das seguintes relacoes

—
(O + 1) Ap(z —y) = —6W(z—y) (E-36)
—

(0 —m2)Sp(e —y) = 0 —y) (E37)

¢é imediato obtermos a matriz-S em uma forma mais compacta, isto é

S = —gwwagpps [ 'z (20 (1) 1A e = 1) gy (2) (22
(E.38)
Apés substituirmos em (E.38) as definigdes dadas nas Egs.(E.4), (E.16) e (E.17),

obteremos apds algumas manipulagoes a seguinte expressao

S](C‘Z): :g;VNUgDDU; /d4zld422€i(p3—p1)-z1 [ﬂp4,54 (Zg)iA(a)(Zg _ Zl>up2’52 (22)] ei(p4—p2)-z2
2473 (Wpwyy ) 2

(E.39)
Agora vamos expandir as seguintes quantidades
i(ps —p1) - 21 = (B3 — Bty —i(ps — p1) - &1
i(ps — p2) - 20 = i(Ey — Ex)ta — i(ps — p2) - X2 (E.40)
Ap6s introduzirmos, na Eq.(E.40), as seguintes mudangas de variaveis
1
t=ta—ti, T=c(h+t) (E.41)
1
X = TI9 — XT3, X = 5(&71 + 332) (E42)
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podemos escrever que

1
(By—Ey) ti+(By—Ea) ty = (By— Ert Ea— By) T4 5 (By— B+ By = Ey) ¢ (E.43)

1
(P3—p1)'$1+(P4—P2)'332=(P3—P1+P4—P2>'X+§(P3—P1 +Pps—p2)-x

Se usarmos essas relagoes na Eq.(E.39) e realizarmos a integracao, obteremos a

seguinte matriz S
Sj(fi) = —(2m)" 6P (p3 + ps — p2 — p1) 6(E3 + Ey — By — Ey) z./\/lgfi) (E.44)
onde a matriz My; é dada por

M = fi(ps) t2(pa, 51) VO (0, q) us(ps, 53) f1(p1) (F.45)

onde na Eq.(E.45), as transformadas de Fourier do potencial sao dadas por

VO(w,q) = /dgx e TP (), x) (E.46)

VO (w,x) = / dt etV (t, x) (E.47)
onde para a troca de um méson sigma temos
—iV\ ) (t, @) = [~ignno|iA (x)[~igppo] (E.48)
Nas Eqs.(E.46) e (E.47) nés usamos a seguinte nomenclatura

r=(tz)=(tr—t,z2—x1) , ¢= (wom,qcm) (E.49)

1

1
qcm = 5(171 —P2+P1—DP3) , wom = §(E1 — By + By — Es) (E.50)

E conveniente agora introduzirmos o momento transferido g, e para tal usaremos

que, no sistema de centro-de-massa
P1+p2=0ep,+p3=0 (E.51)
isso nos permite definir entao
—p2=p1=p, p3=pi=p eq=p —p (E.52)

Com base nesta transformacao podemos reescrever a equacao para a matriz-M em

uma forma mais compacta, ou seja
M) = f(=p) Ga(p, 51) VIO(q) uz(p, 52) fr(—P) (E.53)
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agora com
—iV(q) = [~ignnoliA (q)[~igppo] (E.54)

Devemos notar que os indices 1 e 2 colocados nos espinores de momento, u, @ e nas
fungoes f* e f na Eq.(E.53), afetam os simbolos 7y, 7y, o e x que ai aparecem, e
servem para indicar como as matrizes de Pauli e Dirac devem ser agrupadas e em
que funcoes elas agem.

Para podermos usar a Eq.(E.53) em simulagoes numéricas serd mais 1til rees-

creveé-la como

(o) INNo9DDo —/ 1 1
)= 2= u(p S u(p, s) ————— E.55
s 2473 (wpywp) 2 (P s)ulp.s) @2 —m2 +ie ( )

onde usamos a expressao para o propagador da particula escalar (o) no espaco dos

momentos !
A (@) - - E.56
(a) G2 —m2 +ie ( )

Agora, como sabemos que

u(p’,s’)u(p,s):\/(EP'+MN)<EP+MN) i {1—( (o-p)(o - p)

1E, E, X By + My)(Ep, + My) |
(E.57)
podemos reescrever a Eq.(E.55) como:
(@) _ _9NNo9pps [ (Ep + My)(Ep + My)
I 24703 (i) AE, E,
i (o-p)(o-p) 1
X 11— s - E.58
Xs { (Epy + My)(Ep + My) g2 —m2 + e (E-58)
No entanto, é mais conveniente escrevermos a Eq.(E.58) em uma forma mais com-
pacta
M = XL [F7(p,p) + G (P p) (o B) (@ B)] X (E:59)
sendo p = p/|p| e onde F e G sdo amplitudes definidas da seguinte maneira
Ey + My)(E, + My)
Fo(p’ _ L £ A%, E.60
E — My)(E, — My)
G’ (p’ _ L B?, E.61
(p 7p) \/ 4Ep/Ep fi ( )
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Além disso, A? e B? sao dados por

o INNo9DDo 1
7= nhr { — } (E.62)
2473 (wprwp )2 Ld5 — MG + 1€

- INNo9DDo 1
By, = — DD LQ ] (E.63)

247T3(wp/wp)% — m?, + 1€

O potencial de interagao devido a troca de um méson sigma pode ser identificado

VO (p',p)=[F(p/,p) + G°(p',p) (o - P) (o D)] (E.64)

E.4 Contribuicao do Méson p

O elemento de matriz S no espaco dos momentos devido a contribuicao do méson
vetorial p é dado por
R s
g _ /

fi d4ZL'1 d4ZE2 d4y1 d4y2 fgg, (yQ) (Dy2 + ,UQ) Upy,sy (1’2) (Zawz - m2)

) - 2 { 2
X Gp ($17w27y17y2) (“79:1 -m )UPQ,SQ(xl) (Dyl + p )fpl (yl) <E65)

A fungao de 4-pontos que usaremos na Eq.(E.65) tem a seguinte forma
G,(f)(xl, T9,Y1,Y2) = —GNNp 9DDp /d421 d*z [iA(DO)(Zl - 1) (Zﬁfg ) iA(DO)(Zl )

X iDM(zy — 21) 1SN (g — 25) ¥P iSM)(2y — 11)

Kp

b (o) i = ) (51— )

; G(N) ; 9822} ; G(NV)

X 1S (xg — 29) iDM (29 — 21) 0, (10°7) 1SV (20 — x1) | (E.66)
onde no operador derivativo (0) o indice z indica em que varidvel este operador ira
atuar e o indice £ esta associado a cada uma das suas 4- componentes de Lorentz.
Se seguirmos os passos esquematizados para o caso da troca do méson o obteremos

a seguinte matriz-S

S = —(2m)*6®) (p3 + ps — p2 — p1)3(Es + By — By — Br)i M) (E.67)
onde a matriz M) é dada por
9INNp 9YDD _ v
M) = SEReB (o 4 i), (P, ) 3 D™ (q) u(p, 5)
21 7 (s wy)?

 (52) G+ oot ) iD o ulps)] (B9

2mN
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onde o propagador do méson vetorial ¢ dado por

D™ (q) = [—g’” + quqy} ! (E.69)
m2 | (p) —p)? —m?2 +ic ’

Se usarmos agora as seguintes relacoes,
(P + 1) 00 ® = 2Q"i0e, ¢, (E.70)
(rp +pp)’' v = (Pp+pp)uV" =2Q" =29 (E.71)

poderemos entao escrever
gNNP gDD — /! R . 1

MW = P _12Q"u(p,s v+ —io,e ¢t ) ulp,s)| | —————
fi 247r3(wp/wp)% Qrulp )\ 7 2mpy ¢4 (. s) t —m2+ie
(E.72)

Além disso, se lembrarmos da identidade de Gordon, podemos entao reescrever a

matriz-M como

9NNp 9DD _
M) = BP9 (14 k, ) alp, ) QP 5)
2173 iy )

() o) '+ e St )] |

T ] (E.73)

2 L
t mp—irze

onde ¢¢ = (p) —p)* et = (p — p)>. Devemos notar que apenas o termo g,, do
propagador do méson p , ver Eq.(E.69), contribui para matriz M. Assim, podemos

identificar o potencial de interagao
VO(p',p) = a(p,s) [AY + @B ] ulp,s) (E.74)

onde A e B sao amplitudes dadas por

9INNpdDD K / / 1
Al = L P ~ 5)” v |————1| (E.75
Fi SIRTAVINRY K?mN) (pp +pp)" (0 +p) ] L_mQHJ (E.75)
PP p
9NNp9DD 1
B, = ————7Z72P 9 )| ———— E.76
7 247r3(w;,wp)% (rp +1) [t —m3 + i&‘] (E.76)

onde p, p', pp e P sao os quadri-momentos do nicleon e dos mésons charmosos,

respectivamente. Devemos notar, agora, uma importante relagao que usaremos

ﬂ(p', s')@u(p, S) _ \/(EP' + 7Zg)f§p + mN) [%(W LW — 2mN)

(o-p')(o-p)
(Epr +my) (Ep +my)

1
+ §(W + W' +2my) (E.77)
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com

W = Wp + Ep y W/ = Wpr + Epl (E78)

Se usarmos agora as Egs.(E.57) e (E.77), poderemos escrever a contribui¢ao do

méson p ao potencial de transicao da seguinte forma

(p) (o _ (EP'+mN)(EP+mN> p l 1 p
4 (p,p)—\/ 1E,E, Afi+2(W+W 2my)BY;

(Ep/ —mN)(Ep—mN) 1
— Af —— "+2 B,
\/ 4Ep,Ep fl 2 (W + W _I_ mN) f7,

x (o-p)(o-p) (E.79)

onde p = p/|p|. Agora introduziremos as seguintes quantidades,

Ey E 1
F(p',p) = \/( ¥t ZngE” ) [A;ﬁi + (W 4+ W' = sz)Bgii] (E.80)
p’~p

’ (E ’ — mN)(E - mN) 1 /
Gr(p/,p) = \/ 2 4Ep,E: —A% + Q(W + W'+ 2my)Bf | (E.81)

de tal modo que poderemos escrever o potencial na seguinte forma

VO(p', p) = [F*(p/.p) + G*(p/,p) (o - P)(o - P)] (E.82)

E.5 Contribuicao do Méson w

Nesta secao nds deveriamos apresentar uma discussao para obtencao do potencial
de interacao devido a contribuigao do méson w. No entanto, afim de evitar uma
repeticao nos calculos nés apenas mencionaremos aqui que a expressao para esta
contribuicao pode ser obtida diretamente do potencial do méson p fazendo as se-
guintes substitui¢oes, primeiro nas amplitudes F’ e G tomar k, = 0 e também mudar
a massa do méson trocado no propagador, isto é, m, — m,,. Além disso devemos

fazer a substitui¢ao nas constantes de acoplamento gnn, 9pp, — INNw 9D DHw-

E.6 Analise em Ondas Parciais do Potencial de

Interacao

Até aqui, nés mostramos que apds algumas manipulacoes na matriz S, dos proces-

sos de espalhamento hadron-hadron, é sempre possivel escrever esta em termos de
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uma matriz M que pode ser identificada como um potencial de interacao efetivo.
Além disso, sempre foi possivel escrever este potencial em uma forma compacta que
dependia apenas de dois operadores angulares 1 e (o - p). Podemos resumir esse

potencial de transicao com a seguinte expressao
V(p'p)=[F@,p)1+ G, p)(o-p)o-p)] (E.83)

onde F e G sao simples amplitudes que dependem dos momentos p, p’, do angulo
0 entre estes dois vetores e da massa do méson trocado. O fato é que, tal como
aparece na Eq.(E.83) esse potencial é de pouca utilidade pratica.

Para ser possivel utiliza-lo na analise de observaveis do espalhamento tais como
como se¢oes de choque e deslocamentos de fase, serd necessario expandi-lo em termos
de ondas parciais. Desta forma, nesta secao nés iremos apresentar de maneira sucinta
o formalismo usado para fazer isso.

Para uma particula sem spin, o momento angular total J ¢é igual ao momento
angular orbital L, de tal modo que podemos construir autovetores que fornecem uma
representacao na qual {J?, J.} sejam diagonais, pela simples projegao de estados de
ondas planas com harmonicos esféricos Y (0, ¢). Os estados de onda plana sao

definidos da seguinte forma
(rlp) = ™7
(RIP) = TR (E.84)
Se lembrarmos que a expansao multipolar de uma onda plana é dada por

P = (4m) Y i Gi(pr) Yo () Yoo (7) (E.85)

lm

e que a normalizacao para estes estados é definida da seguinte maneira
(rIry = o(r' —7r) (E.86)
(P'lp) = (27)°3(p'—p) (E.87)
e usarmos a seguinte defini¢ao
pim) = [ 2Y.0)lp) (F.5%)

podemos escrever que
Ip) =Y _Yi(p)|plm) (E.89)
lm
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Uma vez que tenhamos as Eqs.(E.89), (E.88), podemos escrever

(2m)* o (p' — p)
p2

lptm) = | JRECE (.90)

No caso da particula possuir spin (s), podemos estender o esquema anterior para
encontrar os autoestados na representacao onde tanto o quadrado do operador mo-
mento angular total quanto a terceira componente deste sejam diagonais. Para isto,

basta projetarmos a onda plana no harmonico hiperesférico
L1/2J /L 1/2
P, Z Con e vt Yo (B) X532 () (E.91)
Teremos, assim, os seguintes estados nesta nova base

(pLJM) = / 19, V1M (p, 5)|p) (£.92)

o que implica em

(ps|pLJ M) = {(2”)3(;(5' —P )} M (p, s) (E.93)

Vamos agora reescrever a Eq.(E.83) em uma forma mais esquemética para tornar

mais simples sua manipulagao

V=F+G (E.94)

com
F = Foi [ Central | (E.95)
G = Go(o-p)(o-p) [Niao-Central] (E.96)

Na Eq.(E.95) o operador 1 é uma matriz 2 x 2 unitéria no espaco de spin. Vamos
agora multiplicar ambos os lados da Eq.(E.94) por |[pLJMIM;)

(py L' T M'I' My|\VIp; LIM IM;) = (ps L' J'M'I' M}|F|p; L.JMI M;)
+ (ps L' JM' T M}|Gp; LJ M I My) (E.97)

onde introduzimos convenientemente os indices de isospin I e sua projecao M;. De
fato, como sempre podemos escrever o estado méson-barion na forma de um produto
direto

|pLIMIM;) = |pLJM) ® |I M) (E.98)
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e como toda a dlgebra de momento angular nao interfere no setor de isospin, podemos
tratar cada setor do potencial de maneira independente. Para implementar isto,

iremos escrever a Eq.(E.97) da seguinte maneira
(py L' T M I' M) |\V|p; LI MIM;) = (ps L' J' M| [Ff + éf] piLJ M) (E.99)

onde na Eq.(E.99) queremos denotar com o indice I apenas a que canal de isospin as

amplitudes F' e GG do potencial de interacao estao associadas. Agora se definirmos

4! = <I/M}|[F+G]\IMI> (E.100)

VI = (I'M,|V|IM;) (E.101)
podemos escrever, ainda, a Eq.(E.99) como
(py L' T M [V, LI MY = (p; L' J' M’ | [Ff + éf} pi LJ M) (E.102)

No que segue, nés iremos tratar apenas do setor angular do potencial, e na secao
seguinte nos determinaremos os fatores de isospin. Para tornar mais claro o trata-
mento da parte angular do potencial, vamos separa-la em duas, uma que chamaremos

central, Vi, e outra em nao-central, V¢, definindo as seguintes quantidades

Vilps.pi) = (ps L' J M'|F!|p; LJ M) (E.103)

Vioppp) = (pp L' J M'|GYp; LJ M) (E.104)

Nés iniciaremos nossa discussao pela Eq.(E.103), que definimos como a parte

central do potencial de interagao
Vé(pr,pi) = (s L' J' M'|Fl|p; LT M) (E.105)
Agora introduziremos o conjunto completo

H_Z/

(ps| (E.106)

de tal maneira que teremos

d3 / 3 / R
&(ps, pi) Z/ PfL/J/M/|Pfo><P}Sf|FI|P§Sz'><P§51|PiLJM>

S; Sf
(E.107)
Mas por outro lado, também sabemos que
i 27 3(5 p; — Di N
(pi LJ M|p;s;) = (2m) <{2 )1 ifM(p;wSi)
[2m)? 00 —pp) | L
(D sslpg L' M) = e VLM (Bysr)  (E108)
L f

166



além disso sabemos que o operador 1 é diagonal no espaco de spin, de tal modo que
(P selF|pis) = (DG F (D)) (57 (1] )
= F'(p}.p))ds,s (E.109)

Agora vamos expandir a amplitude F'(p’, p;) em ondas parciais, isto é

hE

F'(p},p}) = (20 + 1) F (0, p}) Pi(P}, B)

-~
Il
=)

[M]8

2 A ) 3 |5 | V) V)

~
I
o

n=-—1

= (4mY Y B ) Yi®)) Y () (E.110)

=0 n=-—I

Compilando esses resultados podemos reescrever a Eq.(E.107) como

ﬂm—w>fw

Véprpi) = (47T)Z/d3p’fd3p§ (P, s¢) ZE P )

Si,Sf

S VB V) b TP (E.11)
n=-—1 pl

Agora se introduzirmos nesta equacao a definicao de harmonico hiperesférico, e
realizarmos as integrais angulares, podemos rearranjar a equacao para o potencial

da seguinte forma

Vi(pspi) = (4 ZFl (s, pi) Z Z o 1 01 (E112)

m/mn=—1

= (47) FL(ps,ps) Orr Snarna O (E.113)

Para o caso do operador nao-central, nds seguiremos um esquema completamente

andlogo ao caso anterior, e para isso partiremos da Eq.(E.104)
Vie(ps,pi) = (ps LT M'|G"|pi LJ M) (E.114)

Se inserirmos o conjunto completo, ver (E.106), na equagdo para o potencial nao-

central teremos

d3 R
Vao(ps,pi) Z/ (pr L' J' M'| ply s¢) (D) 55 |G| D si) (0} silps LT M)
S; Sf

(E.115)
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Como agora temos elementos de matriz de um operador que atua no setor de spin,

teremos
(D) s |G| pisi) = (DG P ) (s¢l(o - P))(o - pi)lsi) (E.116)

= G0 p) Y (sslo - By)ls)(sl(o - BY)lss) (E117)

S

onde temos usado novamente a relacao de completeza
I=>Y |s)(s| (E.118)

A expansio em ondas parciais para a amplitude G'(p’, p) é dada por

00 l
G (PP = (4m) > D GL0} 1) Yii(B)) Y (B)) (E.119)

=0 n=-1

Assim, podemos reescrever a equagao para o potencial ndo-central, ver a Eq.(E.115),
da seguinte forma

Vie(prpi) = (4m)) 0 > ZGf(PfaPi)/dSpryJ/M/ (Dy. s¢)(s¢l(o - By)ls)

83,88 n=—1 1=0
x len(ﬁf)/d3QﬁiYé*(ﬁi)<3|<0"ﬁi)|si>ygj\4(ﬁiasi) (E.120)

Se usarmos agora, a definicao de harmonico hiperesférico, poderemos reescrever a

Eq.(E.120) na seguinte forma

V]\IIC(pf7pi) = (47T Z Z Z Z Z Gll(pﬁpi)

8i,55,8 n=—1 =0 m/ mgf m/ m{,

L'1/2 J Lgx, o A ~ 1/2
< [P, L LY ) (s (0B 8) Vi) L )

/dg@ Co Y () (s|(o - po)l s ) Vi (i) x(/2(s0) (B.121)

Para realizar a integragao sobre as varidveis angulares na Eq.(E.121) serd necessério
computar a agao do operador de spin sobre o harmoénico hiperesférico. Esse cédlculo
foi feito em detalhe no Apéndice. F, e aqui iremos apenas dar os resultados dessa
operacao que sao

Z<8|(U'ﬁi)|8i>y£w(ﬁi78i) = apy, Y (i, si)

ZJN’M' By, 5¢) (sl(o-Dpllsy) = ap,n VM (Br,sp)  (E122)
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onde ay/;, é uma matriz 2 X 2 cujos Unicos elementos nao nulos estao fora da diagonal
e sao —1. Podemos agora voltar para a Eq.(E.121), com esses resultados obtidos
para o elemento de matriz do operador de spin, e realizar a integracao angular e as
somas em um caminho completamente andlogo ao caso central. O resultado desse

procedimento é
VJ\I/c(pﬁpz = Z G (P, pi) AL AL, 0717 Onr s (E.123)
1=0
Assim, finalmente, apds fazermos [ — L', teremos

o0
Vie(py,pi) = (47) Z GL(pg,pi) a1 arr, 605 Sy (E.124)
L'=0

Uma importante propriedade da interacao forte é que esta conserva a paridade,
isto ¢, (—1)* = (=1)¥, o que implica em L = L’. Por outro lado, sabemos também
que o sistema méson-barion é caracterizado por dois niimeros quanticos angulares,
J e L. De tal forma que, para um dado valor de L, o momento angular total sé
pode assumir dois valores possiveis J = L 4+ 1/2. Decorre dessas propriedades que
a amplitude de espalhamento do sistema DN distingue entre estados com paridade
P = (—1)E-=/412 ¢ P = (—1)l+=/71/2 Se invocarmos a invaridncia rotacional
do potencial, teremos que este é diagonal em J,L e M. Além disso, desde que a
probabilidade de transicao nao pode depender da orientacao do sistema completo,

o potencial independe do ntimero quantico M, de tal modo que podemos escrever
(ps L' J M|V |pi LT M) = (4r) VI (ps p3) 805 Onpras, O (E.125)

onde a relacao entre o potencial V'L e as projecoes das amplitudes F} e G em
ondas parciais, dadas nas Eqs.(E.113) e (E.124), sao

VIR (prop) = | FL o) + ) anyar GLo(pypi) arr, | (B126)
L L ]

VI (prpi) = | FL (pyopi) + Z ap_p Gro(py,pi) aprer | (B.127)
L " i

Na forma matricial, podemos escrever esse potencial da seguinte maneira

VISl 0 [Fjﬂ/z +G 1/2} 0
0 VAL - ; . (E.128)
0 [FJ—l/Q + GJ-H/Q]
que equivale as seguintes expressoes escritas em uma notagao compacta
VI,LLLi (pf7pl) = [Fii (pf7pl) + Gii:tl(pfvp’b)] (E129)
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onde devemos mencionar que na Eq.(E.129) ndés usamos a seguinte substituigao

Li+1 = J—1/2+41=J+1/2 (E.130)
Lo—1 = J+1/2—-1=J-1/2 (E.131)

Uma outra forma extremamente 1til de escrever a Eq.(E.83) é usando a seguinte

relacao
. . L . p'xp
o-p)lo-p)=cos(f)+ioc-n, n = E.132
(o-p')(o-p) (0) o <l (E.132)
Dessa forma, poderemos escrever facilmente que
V(p',p) = F(p',p) + G(p,p) cos(0) + iG(p',p)o - n (E.133)

Sendo assim, nao ¢é dificil expressar o potencial expandido em ondas parciais em
termos das projegoes central (C') e spin-érbita (SO) do potencial. Para isso basta

primeiro notar que a relagao entre F' e (G, e os potenciais central e spin-orbita é
F= VC + VSO COS( 0), G = _VSO (E134)

e além disso notar, que as expansoes em ondas parciais de F' e G sao dadas por

Fup.p) = % /_ d cos(0)F (p'.p) P (cos(0) (F.135)
Gr(p',p) = %/1 dcos(0)G (p',p) Pr(cos(6)) (E.136)

Dessa forma, é possivel escrever o potencial em ondas parciais em termos das

projecoes dos potenciais central e spin-orbita, ou seja
Ly=0: Ve _yhls (E.137)

L,+1 V[,Li+1+LVLLi—1_ o H(E.138)

Le>1: VIt oyhbey 2=t
= ¢ Toliw1 0 Tar 41 s

Antes de finalizarmos essa secao, nés devemos mencionar que para a determinacao
dos observaveis de espalhamento ainda é necessario levarmos em conta certos fatores
devido a estrutura de isospin dos potenciais de interacao. Para tornar mais claro isso,
nos devemos lembrar que a chave para a obtencao dos potenciais de interacao para
troca dos mésons o, p e w foram as fungdes de Green dadas nas Egs. (E.31)-(E.33).
Nestas, as densidades Lagrangianas nos forneciam os vértices para cada processo
de espalhamento. Naquela instancia dos calculos, realizamos as contracoes de Wick

sem especificarmos a parte de isospin dos campos envolvidos nestes processos, mas
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sabemos que fatores multiplicativos devem. Para introduzirmos corretamente estes
fatores nos elementos de matriz ndés deixamos um I rotulando os potenciais.
De maneira completamente geral, nés podemos escrever os elementos de matriz

do potencial no espaco de isospin como
vl o= W' MJ|V|I M) (E.139)

onde w! é um coeficiente associado aos processos envolvendo os sistemas D~ N e D°N
para os estados acoplados de isospin I = 0 and I = 1. Além disso, na Eq.(E.139),
nos suprimimos os indices angulares L e J para simplificar a notacao. Esses estados
de isospin I = 0 e I = 1 podem ser escritos ainda em termos dos estados de carga
D~N e D°N da seguinte forma

1=0M=0) — %HHDO)—]])D” (E.140)
|[I=1,M=0) = %HHDO)—H}?D_)} (E.141)
| I=1,M=1) = |pD") (E.142)
IIT=1,M=~-1) = |nD7) (E.143)

Na Tabela E.1, apresentamos os valores para os coeficientes w! para cada canal de

isospin. Naturalmente, esses coeficientes sao os mesmos para o sistema KTN.

Méson Canal de Isospin I =0 Canal de Isospin I =1

p -3 1
w 1 1
o 1 1

Tabela E.1: Tabela com os fatores de isospin necessarios ao potencial de interacao.

Os potenciais devido a troca de mésons tém que ser regularizados fenomenolégicamente
para evitar divergéncias na equagao de Lippmann-Schwinger. Nesta tese, nds usare-

mos fatores de forma em cada um dos vértices da Figura. E.1. Os fatores de forma

A2 —m?
Fi(q*) = (m) (E.144)

onde ¢ = p' — p, m; é a massa do béson trocado no propagador e A; é o cutoff.

sao do tipo monopolo

Usamos constantes de acoplamento fixados pela simetria de sabor SU(4) [57], isto
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¢é as constantes de acoplamento dos mésons estranhos e charmosos sao relacionados

a grrxp POr meio da seguinte relacao

Grr
9pDp = 9w = YKKp = YK K = & (E.145)

N6s usamos o valor empirico de gz, i.e. gz, = 6.0 € K, = 6.1. No entanto, no
capitulo dedicado a discussao dos resultados numéricos nés iremos também apresen-
tar os resultados para as secoes de choque e deslocamentos de fase para o caso em
os efeitos da quebra de simetria sejam levados em conta nas constantes de acopla-
mento, tal como discutido na Sec. 3.6. Por completeza, vamos também mencionar
que para o nticleon, kaon e D as seguintes massas my = 939 MeV, myx = 496 MeV
e mp = 1886.9 MeV.

Part. Trocada Mass gy VAT g/V4aT Ay Ap

[MeV] MeV]  [MeV]
p 769 0.843 0.917 1400 1500
w 783.4 0.843 2.750 1500 1600
o 600 0.250 0.250 1700 1200

Tabela E.2: Parametros usados nos vértices do modelo de troca de méson para a
interacao KN e DN.
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Apéndice F
Lagrangianas de Interacao

Nesta tese nés usamos as seguintes densidades Lagrangianas efetivas responsaveis

pelos vértices de interagdo méson-méson e méson-bérion [103, 104, 105].
Lyns(x) = gynsd™ (2)¢™) () () (F.1)

Lpps(r) = gppse™ (1) (2) ") () (F.2)

Lopy (@) = igeev |07 (@) (0,67(@) T = (9,60(@)) 7o ()] - 607(2) (F.3)

Lynv(z) = gy [1/_)(1\[) ()™ (2)T - ¢,SV)(x)

n (%) WM(J:)U“‘%/J(N)(&J)T-3u¢>,9/)($)] (F.4)

Nessas, ¥™) denota o dubleto do niicleon, ¢*)(z) o dubleto de mésons estranho
e charmosos, QSLV) (x) o iso-tripleto de mésons p, e T s@o as matrizes de Pauli. As
densidades Lagrangianas para o mésons w sao obtidas tomando 7 — 1, Ky = 0, nas
Egs.(F.4) e (F.3). Os operadores de campo dos mésons e béarions em termos das

cargas de isospin sao definidas abaixo.

e Operadores de Campo do Ntcleon

@) = 3 [ @ b upale) + dip o) (F5)

0@ = Y / 0 [0 8)iipa(z) + dy(p, $)Tps(2)]  (F.6)
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e Operadores de Campo dos mésons charmosos

() = [ @ [ah (k) i) + apo (k) fula)] (.7
K@) = [k ol R s BA@] (B
§0@) = [ ke R +ap RA@] ()

e Operadores de Campo do méson sigma
0w) = [ Pl f;(e) + cola)fu(o)] (F.10)

e Operadores de Campo dos mésons vetoriais omega e rho

Pn(r) = / p S [b(p, A) A% () + bu(p, A) Apr()]  (F.11)
=1

F@) = [ Y [Hae N A )+ b (V) Apa(e)] (P12

PP IR(z) = / dgpz :CLL— (P, A) AZTA@) + ap+(p, A) AHP,A@)} (F.13)

Qo) = [ @3 [ah03) 453(0) + 0 (.0 Apa(e)] (F14)
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Apéndice G

Elementos de Matriz do Operador
(o0-D)

Para realizar a integragao sobre as varidveis angulares na equacao (E.121) serd ne-
cessario computar a agao do operador de spin (o -p ) sobre o harmonico hiperesférico.

Assim teremos que calcular a seguinte operacao

S SN o p)s)ViM(B,s) = D DY (o B)ls) Co it 1 ViED) v (s) (G.1)

s s m  msg

=3NNS (Sl B)s) O L Y E (D)o (G2)

=Y Yo p)ls) O VD) (G.3)

Agora se lembrarmos que produto escalar entre dois tensores esféricos, em nosso

caso de rank x = 1, pode ser decomposto como

o ﬁ = Z (_1)H U—ﬁﬁn (G4)

K

podemos reescrever a equacao (G.3) da seguinte forma

Y (Sle- PN (B,s) = DD (S D (—) onbils) O LPi Y (B) (G.5)

=320 D () (Somils) O P DY (B) (G6)
S m K
Iremos agora usar a seguinte relacao

N N 47T N N (2["—1) 1/2 ’ ’ AR
L N e Ve | L — L1L LlL, L/ )

Ll
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para escrever (G.6) como

1/2
UL ENADED B I IE [QQLL—TM (G.8)

X (o_gls) CL2 ) CELL v L (p) (G.9)

Precisamos neste ponto calcular o elemento de matriz do operador de spin e para

este fim usaremos o teorema de Wigner-Eckart isto é

1
5O el = VBCLTEY (Go)

Com base neste resultado podemos reescrever a equagao (G.9) da seguinte forma

1/2
Sl P e = 3X S XS G| ca e,

x CL_LS ol AT CELL, oMLY YIM(p ) (G.11)

(s'lo—xls) =

onde nds usamos a seguinte relacao
(-1 =-v3CL_ L} (G.12)

E finalmente podemos reescrever a equagao (G.11) em termos de simbolos 9-7, isto
é

Y (Slo - D))V (B, s) = an VLM (B, 9) (G.13)

S

onde para simplificar a notacao nés usamos a seguinte definicao

(2L+1)]" Loz J
aL,L:—SZ , cES 11 1 0 (G.14)
2L +1) e

Na Eq.(G.13) o coeficiente de Clebsch-Gordon possuem uma forma fechada dada
por
L L+1

O/ 1 —_—
)L,L 1+ (2L+1)

CLOL’:_ o
000 (2L+1

6L’,L+1 (G15)

Agora, desde que o spin de uma das particulas é zero os unicos possiveis valores
para o momento angular total sdo J = L £ 1/2. Esse fato junto com a Eq.(G.15)

permite determinarmos todos os possiveis valores que equacao entre parénteses, ao
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lado direito, em (G.13) assume. Comecemos por computar os valores nao-nulos dos

coeficientes 9-7. Para isso iremos usar a seguinte relacao

b a e
2 :(—1>b+c+e+f\/@dg})ff)“) {d ’ f} (G.16)

Dessa forma, a partir da Eq.(G.15), teremos os seguintes valores para o simbolo 9-j
o J=L-1/2, L=J+1/2, '’=L—-1

L 1/2 L—1/2
1 [(2L—1
11 0 = L———l, (G.17)
L—1 1/2 L—1/2

e J=L+1/2 L=J-1/2, '=L+1

L 1/2 L+1/2
/ / 1 [(2L +3)
11 0 =y (G.18)
s\ (Z+1)
L+1 1/2 L+1/2

Todas as outras possibilidades resultam em um valor nulo para o simbolo 9-7, isto
decorre devido a alguma violacao das propriedades de simetria guardadas por estes
simbolos que estao intimamente relacionadas as regras de composi¢ao de momento
angular. Se considerarmos, agora, o operador (o - p) no espago de spin 2 x 2, isto é,

L. = J F 1/2-espago nds teremos que

L 1/2 J L 1/2 J
=32 1 1 o|-3/—"—| 1 1 0
ML 2L = 1) (2L +3)

L—1 1/2 J L+1 1/2 J
(G.19)

e a partir das propriedades de simetria do simbolo 9-5 nés obtemos facilmente que

Aj1/2,J+1/2 = -1, aj-1/2,0-1/2 = -1, ajt1/2,0-1/2 = 0, aj-1/2,J+1/2 = 0. Desse
modo a Eq.(G.19) pode ser finalmente escrita como

0 -1
arr = ( 1 0 ) (G.20)
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