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Resumo 

Desenvolvemos um formalismo para estudar a quebra dinâmica da simetria quiral 

na matéria hadrônica em que os quarks e gluons estão confinados no interior dos 

hádrons. O formalismo emprega as técnicas tradicionais da teoria quântica de muitos 

corpos em conjunção com a representação Fock-Tani, em que os estados ligados 

hadrônicos são descritos em termos de operadores de campos que satisfazem regras 

de comutação canônicas em um espaço de Fock estendido. Empregamos um modelo 

de quarks inspirado na Hamiltoniana da QCD no calibre de Coulomb que confina 

quarks e gluons e realiza a quebra dinâmica da simetria quiral. Resultados numéricos 

foram obtidos para a equação de gap para os quarks num meio hadrônico formado por 

nucleons a temperatura zero. Como aplicação do formalismo estimamos os efeitos 

da densidade bariônica sobre o potencial de interação entre mésons charmosos D 

com nucleons obtido com a representação Fock-Tani dentro do mesmo modelo de 

quarks. 

Palavras Chaves: 

Cromodinãmica quântica, simetria quiral, confinamento de quarks e gluons, es- 

trutura hadrônica, interações hadrônicas, matéria hadrônica 

Áreas do conhecimento: Teoria de Partículas e Campos; Física Nuclear 
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Abstract 

We have developed a formalism to study dynamical chiral symmetry breaking 

in hadronic matter where quarks and gluons are confined within hadrons. The for- 

malism employs the traditional techniques of the quantum many body theory in 

conjunction with the Fock-Tani representation in which the hadronic bound States 

are described in terms of field operators that satisfy canonical commutation rela- 

tions in an extended Fock space. We have employed a quark model inspired in the 

QCD Hamiltonian in Coulomb gauge that confines quarks and gluons and realizes 

dynamical chiral symmetry breaking. Numerical results are obtained for the gap 

equation in a hadronic médium formed by nucleons at zero temperature. As an 

application of the formalism we have estimated the effects of the barionic density 

on the interaction potential of charmed D mesons with nucleons obtained with the 

Fock-Tani representation within the the same quark model. 



índice 

1 Introdução 1 

2 O modelo de quarks e a cromodinâmica quântica 9 

2.1 Origens: A busca de uma teoria para as forças nucleares   9 

2.2 A cromodinâmica quântica  15 

2.3 Quebra dinâmica da simetria quiral num modelo simples 22 

3 A QCD no calibre de Coulomb e a quebra dinâmica da simetria 

quiral 25 

3.1 Hamiltoniana da QCD no calibre de Coulomb 26 

3.2 Formalismo de Szczepaniak e Swanson para a estrutura do vácuo da 

QCD 30 

3.3 Quebra dinâmica da simetria quiral no vácuo - formalismo de Schwinger- 

Dyson 33 

3.4 Quebra dinâmica da simetria quiral a temperaturas e densidades 

bariônicas finitas - formalismo de Schwinger-Dyson 39 

3.5 Equação de gap no vácuo - formalismo de muitos corpos 45 

3.6 Um modelo de quarks constituintes 51 

4 O Formalismo da representação Fock-Tani. 58 

4.1 Representação Fock-Tani para mésons 59 

4.1.1 Transformação Fock-Tani para Bárions 67 

4.2 Transformação Fock-Tani generalizada 69 

5 Simetria quiral na matéria hadrônica 74 

5.1 Equação de gap para quarks confinados 75 

5.2 Distribuições de quarks e antiquarks confinados na matéria hadrônica 78 

5.3 Fator de forma bariônico do núcleon  83 

6 Resultados numéricos 85 

6.1 Resultados para a equação de gap no vácuo  86 

VI 



índice   vü 

6.2 Resultados para a equação de gap a densidade finita 93 

6.3 Resultados para massas e tamanhos hadrônicos a densidade finita . . 97 

6.4 Resultados para a interação de mésons D com núcleons a densidade 

finita 99 

7 Conclusões e Perspectivas 104 

A Cálculo das somas de Matsubara 108 

B Funções de spin e sabor do nucleon e dos mesons D. 111 

C Derivação das massas dos bcmions e dos mesons 114 

C.l A massa dos barions 115 

C.2 A massa dos mesons 121 

D Expressões explícitas para o potencial Vdn 124 

Referências 127 



Capítulo 1 

Introdução 

Em condições extremas de temperatura e densidade, espera-se a formação de 

um novo estado da matéria em que os hádrons se dissolvem em seus constituintes, 

corriqueiramente conhecido como Plasma de Quarks e Glúons. Conjectura-se que 

um estado tal possa ser produzido em laboratório através de colisões entre íons 

pesados a altíssimas energias. Em princípio, as propriedades desse plasma devem 

ser descritas pela cromodinâmica quântica (QCD) [1], a teoria fundamental das in- 

terações fortes. A QCD é uma teria de calibre não Abeliana cujos graus de liberdade 

fundamentais são os quarks e glúons, descritos respectivamente por campos espino- 

riais de spin 1/2 e vetoriais de spin 1. O grupo de simetria é o grupo SU{3) de cor, 

onde os quarks aparecem na representação fundamental e os glúons na representação 

adjunta desse grupo. Uma das características distintas dessa teoria não Abeliana 

é a auto-interação entre os campos de glúons, a qual é responsável, entre outras, 

pela propriedade de liberdade assintótica [2]. Essa prevê que as interações entre 

os quarks e glúons tornam-se mais fracas a curtas distâncias. Em virtude disso, 

métodos perturbativos de primeiros princípios podem ser aplicados para a descrição 

de processos que envolvem grandes momentos e energias transferidos. As predições 

para processos dessa natureza, obtidas através de cálculos analíticos elaborados, 

estão em perfeito acordo com os dados experimentais. Por outro lado, progressos 

mais lentos têm sido observados no estudo de processos e sistemas hadrônicos para 

os quais a QCD perturbativa não se aplica. O espectro hadrônico e a estrutura 

da matéria hadrônica a baixas energias de excitação são problemas típicos que re- 

querem o emprego de técnicas não perturbativas. Associado a esses problemas não 

perturbativos está um dos mais desafiadores fenômenos da Física comtemporãnea, o 

confinamento dos quarks e glúons. Esse refere-se ao fato experimental de que estados 

coloridos tais como de dois qq ou quatro qqqq quarks, por exemplo, não aparecem 

no espectro, i.e. aparentemente somente os estados singletos de cor do grupo SU(3) 

1 
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são observáveis. 

Um outro fenômeno não perturbativo marcante da QCD refere-se à quebra 

dinâmica da simetria quiral. A simetria quiral é uma simetria aproximada da La- 

grangiana da QCD no setor dos quarks leves u e d da teoria - a simetria seria exata 

se as massas que aparecem na Lagrangiana, denominadas de massas de corrente, 

fossem nulas, o que implicaria numa invariância da Lagrangiana frente à troca en- 

tre os campos fermiônicos de quarks de mão direita e de mão esquerda. Devido 

ao valor dessas massas - 10 MeV - serem muito menores do que as massas dos 

hádrons - 1000 MeV - que eles compõem, diz-se que a simetria quiral é uma sime- 

tria aproximada. Em geral, uma simetria da Lagrangiana (ou Hamiltoniana) deve, 

em princípio, se manifestar no espectro da teoria na forma de multipletos degene- 

rados em massa. Sob esse ponto de vista, uma simetria quiral exata implicaria na 

existência uma partícula como a mesma massa do próton, mas de paridade oposta à 

paridade do próton. Como a simetria não é exata, mas aproximada, sob esse mesmo 

ponto de vista esperaria-se que existisse no espectro hadrônico uma partícula com 

uma massa aproximadamente igual à massa do próton, mas de paridade oposta - de 

forma similar à simetria de isospin, que é uma simetria aproximada das interações 

fortes e que implica no fato das massas do próton e do nêutron serem muito pareci- 

das. Esse fato da ausência de multipletos degenerados de paridade oposta é explicada 

pela hipótese de que a que a simetria quiral na QCD é quebrada dinamicamente, 

como conjecturado inicialmente por Nambu [3] muito antes do nascimento da QCD. 

No caso de uma simetria quebrada dinamicamente, a simetria do vácuo não é a 

mesma da Lagrangiana (ou Hamiltoniana), mas ela se manifesta pela presença de 

bósons de Goldstone que carregam os números quânticos do gerador da simetria 

quebrada [4]. Como a massa dos quarks leves não é exatamente nula mas muito 

pequena, tem-se então uma partícula bosônica de paridade negativa com massa não 

nula, identificada como sendo o méson tt. De fato, a massa do píon é muito menor 

que as massas hadrônicas típicas e, como tal, poderia ser identificado como sendo 

um pseudo-bóson de Goldstone. Uma outra consequência da quebra dinâmica da 

simetria quiral é a geração de massa para os quarks. Isto é, as interações da QCD 

levam a um propagador para os quarks que contém um termo de massa, mesmo 

na ausência de um termo de massa na Lagrangiana original. Esse termo de massa 

gerado pelas interações quebra a simetria quiral. Uma outra maneira de se colocar 

esse fato é que as interações da QCD criam um condensado de quarks no vácuo, 

i.e. elas levam a um valor esperado não nulo para a densidade escalar de quarks no 

vácuo - caso a simetria do vácuo fosse igual à simetria da Lagrangiana, esse valor 

esperado deveria ser nulo. 

O fenômeno da quebra dinâmica da simetria quiral é de enorme importância para 
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a compreensão dos bem sucedidos modelos não relativísticos de quarks que foram 

introduzidos na era pré-QCD [5]. Nesses, um próton, por exemplo, é descrito por um 

estado ligado de três quarks constituintes com massas de aproximadamente 300 MeV. 

Com o advento da QCD, cujas massas de corrente são da ordem de 10 MeV, esses 

modelos só podem ser entendidos no contexto dessa teoria através do fenômeno da 

quebra dinâmica da simetria, o qual, como dito, geram os quarks constituintes com 

massas de 300 MeV. No entanto, assim como o confinamento dos quarks e glúons, a 

quebra dinâmica da simetria quiral também não foi explicada a partir de primeiros 

princípios a partir das equações da QCD devido ao caráter não-perturbativo destes 

fenômenos. 

Da mesma forma que no caso do confinamento dos quarks e glúons, o fenômeno 

da quebra dinâmica da simetria quiral é sensível a efeitos de temperatura e densi- 

dade. Mais especificamente, em um sistema hadrônico a temperatura ou densidade 

finitas estão presentes excitações que modificam as propriedades das partículas que 

compõem esse sistema, como as suas massas e seus tamanhos. Essas excitações, 

como em qualquer outro sistema de muitos corpos em que ocorre um fenômeno de 

quebra de simetria, induzem mudanças no ordenamento do sistema que, no presente 

caso, se refere ao condensado de quarks no vácuo. Essas mudanças são na direção da 

diminuição do ordenamento e, portanto, no caso da QCD, espera-se uma diminuição 

do valor do condensado de quarks no vácuo com o aumento da temperatura e/ou 

da densidade do sistema. Assim como em outros sistemas de muitos corpos, existe 

uma temperatura ou densidade crítica para a qual a simetria é restaurada, i.e. para 

a qual o condensado desaparece - como a simetria é apenas aproximada, o conden- 

sado não desaparece completamente, mas seu valor diminui drasticamente perto de 

uma temperatura (e/ou densidade) característica. Há um grande esforço experi- 

mental em curso para o estudo de efeitos de temperatura e densidade tanto sobre o 

confinamento quanto sobre a quebra dinâmica da simetria quiral. Por exemplo, os 

experimentos realizados e em curso no RHIC (Relativistic Heavy lon Collider) [6], 

bem como aqueles planejados para o LHC (Large Hadron Collider) [7], têm o obje- 

tivo principal de investigar efeitos de temperatura, enquanto os planejados no FAIR 

(Facility for Antiproton and lon Research), estão voltados a densidade finita, princi- 

palmente aqueles das colaborações PANDA (Antiproton Annihilation at Darmstadt) 

e CBM (Compressed Baryonic Matter) [8]. 

A única maneira de tratar a QCD não perturbativa a partir de primeiros princí- 

pios é através da QCD na rede (LattQCD) [9]. A formulação tradicional da LattQCD 

é em termos de um formalismo Lagrangiano empregando integrais de trajetória em 

tempos imaginários. A integral de trajetória é calculada integrando formalmente a 

parte fermiônica da ação, o que leva a um determinante da matriz do propagador dos 
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férmions acoplado ao campo de calibre bosônico. A integral remanescente envolve 

somente variáveis bosônicas e é efetuada numericamente empregando métodos de 

Monte Cario. No entanto, para tratar sistemas a densidade bariônica finita (poten- 

cial químico diferente de zero), esta formulação apresenta problemas devido ao fato 

de o determinante fermiônico tornar-se complexo, o que praticamente inviabiliza 

0 emprego dos algoritmos Monte Cario tradicionais. Uma alternativa natural para 

contornar este problema é um formalismo Hamiltoniano, no qual o potencial químico 

é real. A formulação da QCD com um formalismo Hamiltoniano é particularmente 

vantajosa no calibre de Coulomb, em vista do fato de que técnicas tradicionais da 

teoria de muitos corpos podem ser diretamente implementadas para o estudo de 

sistemas hadrônicos. Em particular, no calibre de Coulomb a Hamiltoniana pode 

ser escrita inteiramente em termos de graus de liberdade físicos, não necessitando 

a introdução de campos de fantasmas. Nesse formalismo, é possível definir quanti- 

dades como a função de onda do vácuo e estados de muitas partículas num espaço de 

Fock, os quais podem ser escritos em termos de operadores de criação e aniquilação. 

Isto é especialmente importante para o desenvolvimento de modelos efetivos para 

o regime de acoplamento forte da QCD, principalmente para o estudo da estrutura 

dos hádrons e suas interações, como também da matéria nuclear a baixas energias 

de excitação. 

Apesar destas vantagens, o formalismo Hamiltoniano no calibre de Coulomb 

também apresenta dificuldades na sua implementação. Uma das principais dificul- 

dades está no fato de que a forma da Hamiltoniana em termos dos campos físicos 

ser muito complicada e aproximações, muitas vezes drásticas, precisam ser feitas 

para extrair um formalismo tratável de maneira semi-analítica. Uma outra dificul- 

dade tem a ver com a própria natureza de uma formulação Hamiltoniana, a saber, 

o formalismo exige a definição de um plano de quantização a um dado tempo fixo, 

o que implica numa formulação não explicitamente covariante. No entanto, para 

o desenvolvimento de uma intuição a respeito do acoplamento forte da QCD e a 

consequente construção de modelos hadrônicos efetivos que vão além dos modelos 

de quarks puramente fenomenológicos, a formulação Hamiltoniana da QCD no ca- 

libre de Coulomb parece ser muito apropriada e vem sendo amplamente empregada 

e novos métodos de cálculo têm sido desenvolvidos nesse contexto. Um exemplo de 

particular importância para a presente tese pode ser encontrado na Ref. [11]. 

A principal finalidade dessa tese é desenvolver um método de cálculo baseado 

na teoria quântica de muitos corpos no contexto de um modelo de quarks inspirado 

na Hamiltoniana da QCD no calibre de Coulomb para estudar de maneira semi- 

analítica o comportamento da simetria quiral na matéria hadrônica. O estudo da 

matéria hadrônica é complicado por várias razões. Além das dificuldades usuais 
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de se tratar um problema de muitos corpos fortemente acoplados, há complicações 

adicionais devido à possibilidade da presença simultânea no sistema de partículas 

compostas (os hádrons) e constituintes (quarks e glúons). A complicação surge 

devido ao fato de que a descrição matemática da formação e a dissociação destes 

estados ligados no decorrer da transição para um estado de quarks e glúons desconfi- 

nados envolve operadores de campos compostos, que são produtos de operadores de 

campo de partículas elementares. As técnicas usuais da teoria quântica de muitos 

corpos [12] empregam operadores de campo que representam partículas elementa- 

res, i.e. que satisfazem regras de comutação ou anticomutação canônicas, mas a 

presença de estados ligados descritos por operadores de campo compostos, que não 

satisfazem regras de comutação ou anticomutação canônicas, complica enormemente 

o tratamento matemático do problema. 

A estratégia que será empregada na presente tese para tratar o problema da 

matéria hadrônica, que a altas temperaturas e densidades se caracteriza pela possi- 

bilidade de apresentar compostos (hádrons) e seus constituintes (quarks, antiquarks 

e glúons) simultaneamente presentes no sistema, é empregar o formalismo da repre- 

sentação Fock-Tani (RFT), a qual foi originalmente desenvolvida para problemas 

de Física Atômica [13], e recentemente adaptada [14, 15, 16, 17] para problemas 

hadrônicos. A RFT consiste em uma técnica de mapeamento em que os estados 

de um hádron composto de quarks e glúons são mapeados através de um operador 

unitário em estados de um hádron elementar. Os estados de um hádron são dados 

no espaço de Fock em termos de um operador composto de hádron escrito em termos 

de operadores de campo de quarks, antiquarks e glúons. Enquanto os operadores 

de quarks, antiquarks e glúons satisfazem relações de comutação ou anticomutação 

canônicas, os de hádrons compostos não satisfazem regras canônicas de comutação ou 

anticomutação. A não canonicidade dos operadores compostos é devida à estrutura 

interna dos hádrons. No entanto, os operadors de hádrons elementares que são intro- 

duzidos, por definição, satisfazem regras canônicas de comutação ou anticomutação. 

Os efeitos físicos da estrutura interna dos hádrons compostos são transferida para a 

Hamiltoniana ou outros operadores dinâmicos (como as densidades e correntes) na 

nova representação. Em particular, a transformação através do operador unitário 

da Hammiltoniana de quarks e glúons, originalmente definida num espaço de Fock 

físico, leva a uma Hamiltoniana efetiva num espaço de Fock estendido que descreve 

todos os possíveis processos de interação entre hádrons e quarks e glúons. Processos 

típicos tais como o confinamento de quarks e glúons são naturalmente incorporados 

pela Hamiltoniana efetiva. A grande vantagem da RFT é que todos os operadores 

de campo nesse espaço de Fock estendido satisfazem regras canônicas de comutação 

e anticomutação. 
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O interesse da presente tese está nos aspectos de baixas energias da QCD. Mais 

especificamente, o objetivo da tese é empregar um modelo de quarks constituintes 

para a estrutura e as interações dos hádrons, tendo como base a QCD formulada 

no calibre de Coulomb, o qual confina quarks e glúons e realiza a quebra dinâmica 

da simetria quiral [18, 19, 20]. Nesse modelo de quarks os bárions e mésons a 

baixas energias de excitação são estados ligados respectivamente de três quarks e 

um quark e antiquark com massas de aproximadamente 300 MeV. Essas massas são 

geradas pelo fenômeno da quebra dinâmica da simetria quiral, pela mesma interação 

empregada para obter as funções de onda dos bárions e mésons. Uma vez obtidas as 

massas dos quarks e antiquarks e as funções de onda dos hádrons, a representação 

Fock-Tani permite obter uma Hamiltoniana escrita em termos de graus de liberdade 

hadrônicos apenas, a qual descreve as interações entre hádrons. A Hamiltoniana 

hadrônica assim obtida não possui novos parâmetros, todas as suas propriedades 

são geradas a partir do modelo microscópico de quarks. 

Especificamente, na presente tese vamos desenvolver um formalismo para estu- 

dar a simetria quiral na matéria hadrônica a temperatura e densidade bariônica 

finitas. O problema da simetria quiral na matéria hadrônica tem sido investigado 

extensivamente na literatura, principalmente no contexto de modelos esquemáticos 

como 0 de Nambu-Jona-Lasinio [21], que será objeto de atenção no Capítulo 2 - 

uma lista completa de referências pode ser encontrada nos artigos de revisão das 

Refs. [22, 23, 24, 25] - como também em modelos baseados na QCD no calibre 

de Coulomb [26, 27, 29, 28]. Essa extensa literatura considera o meio hadrônico 

como sendo um sistema de quarks desconfinados. Um sistema de quarks desconfina- 

dos provavelmente existe no interior de estrelas superdensas, como também, muito 

provavelmente, na região central de uma colisão de íons pesados a altas energias. 

No entanto, é praticamente impossível extrair informações experimentais diretas so- 

bre as propriedades dos quarks constituintes no interior de uma estrela de nêutrons 

ou de um meio hadrônico altamente excitado produzido numa colisão de íons pe- 

sados, já que esses quarks não são observáveis diretamente. No entanto, a matéria 

altamente excitada produzida numa colisão de íons pesados se expandirá e, con- 

sequentemente, se resfriará e os quarks não permanecerão desconfinados, mas sim, 

voltarão a se recombinar em hádrons que levam informações sobre esses quarks con- 

stituintes. Muitos desses hádrons ainda estarão sujeitos às excitações do meio e 

terão suas massas, tamanhos e interações com outros hádrons no meio alteradas. 

Esses efeitos podem em princípio ser detetados através de produtos de decaimen- 

tos e rearranjos hadrônicos devidos às interações entre os hádrons enquanto ainda 

no meio. No entanto, para o tratamento matemático das modificações das pro- 

priedades quirais dos quarks constituintes no meio e suas consequências para os 
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hádrons requer um formalismo diferente daquele usado para tratar quarks descon- 

finados. É precisamente nesse contexto que a presente tese se insere, introduzindo 

um novo formalismo através da representação Fock-Tani para investigar a quebra 

dinâmica da simetria quiral num meio hadrônico em que os quarks estão confinados 

no interior dos hádrons. O formalismo desenvolvido é de aplicabilidade a diferentes 

sistemas hadrônicos para estudar os efeitos de temperatura e densidade bariônica 

sobre o fenômeno da quebra dinâmica da simetria quiral para um meio hadrônico 

formado por bárions e mésons. No entanto, as aplicações do formalismo desen- 

volvido serão restritas a um meio formado por núcleons a temperatura zero. Uma 

outra aplicação do formalismo é uma investigação da dependência com a densidade 

bariônica da interação efetiva DN - mais especificamente, D^N e D~N. A interação 

DN no espaço livre foi investigada no contexto do modelo de quarks constituintes 

baseado no calibre de Coulomb nas Refs. [18, 19]. Esses processos são de grande in- 

teresse atual, com a perspectiva dos experimentos que estão sendo planejados pelas 

colaborações PANDA e CBM do laboratório FAIR na Alemanha [8]. 

A tese está organizada da seguinte maneira. No próximo Capítulo vamos fazer 

uma breve revisão histórica sobre o desenvolvimento da QCD e vamos discutir os 

fenômenos do confinamento dos quarks e glúons e a quebra dinâmica da simetria 

quiral na QCD. No Capítulo 3 discutiremos a formulação Hamiltoniana da QCD 

no calibre de Coulomb. Vamos revisar o formalismo variacional de Szczepaniak 

e Swanson [11], o qual permite obter uma interação entre cargas de cor do tipo 

confinante. Vamos ainda revisar o formalismo das equações de Schwinger-Dyson 

para o propagador dos quarks, considerando efeitos de temperatura e densidade 

bariônica para um sistema de quarks desconfinados. Por fim, vamos discutir um 

modelo de quarks constituintes inspirado na Hamiltoniana da QCD no calibre de 

Coulomb [18] para a estrutura e as interações dos hádrons, tendo como base uma 

interação microscópica que confina a cor e realiza a quebra dinâmica da simetria 

quiral. No Capítulo 4 será feita uma revisão do formalismo da representação Fock- 

Tani. A discussão será limitada para os aspectos relevantes para a presente tese. 

O Capítulo 5 desenvolve um formalismo geral para estudar a simetria quiral na 

matéria hadrônica a temperatura e densidade bariônica finitas, em que os quarks 

estão confinados no interior de hádrons. A discussão é geral, mas os resultados finais 

desse Capítulos serão restritos a um meio hadrônico formado por núcleons apenas, 

para o qual serão apresentados resultados numéricos explícitos no Capítulo 6. Nesse 

último, vamos inicialmente discutir a solução numérica da equação de gap no vácuo. 

A seguir, investigamos os efeitos da densidade bariônica na função de massa dos 

quarks constituintes. Logo após, vamos apresentar resultados para os tamanhos e 

massas dos núcleons e mésons D e as interações efetivas entre esses mésons charmosos 
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e núcleons no meio hadrônico. Conclusões e Perspectivas serão apresentadas no 

Capítulo 7. A tese ainda contém quatro Apêndices, onde colecionamos resultados 

que são usados nos diferentes capítulos da tese. 



Capítulo 2 

O modelo de quarks e a cromodinâmica quântica 

Neste Capítulo vamos fazer uma pequena revisão histórica sobre a Cromodinâmica 

Quântica (QCD). Vamos começar com as tentativas iniciais de se estabelecer uma 

teoria para a forças nucleares em analogia com a Eletrodinâmica Quântica (QED), o 

que deu origem ao modelo de troca de mésons de Yukawa. Logo após vamos discutir 

a hipótese dos quarks como constituintes básicos dos hádrons (as partículas que 

interagem através da força forte), a descoberta dos sabores de quarks e das simetrias 

unitárias e, finalmente, a necessidade de um número quântico adicional aos sabores, 

denominado cor. A seguir, vamos discutir a proposta de uma teoria de campos 

invariante sobre transformações locais de calibre para as interações fortes, a QCD. 

Os campos vetorias de calibre - os glúons - são os transmissores de força entre as 

cargas de cor dos quarks, de maneira similar aos fótons da QED que propagam a 

força entre cargas elétricas mas, contrariamente aos fótons, os glúons carregam a 

carga de cor. Vamos discutir os fenômenos do confinamento dos quarks e glúons e 

a quebra dinâmica da simetria quiral na QCD. 

2.1 Origens: A busca de uma teoria para as forças nucleares 

O sucesso da QED em explicar uma ampla gama de fenômenos eletromagnéticos, 

tais como o momento magnético anômalo do elétron ou o Lamb-shift, estimulou os 

teóricos a buscar nas teorias quânticas de campos explicações para fenômenos en- 

volvendo as outras forças da natureza. As primeiras experiências de Física Nuclear, 

tais como o espalhamento de partículas a por núcleos leves e o estudo das vidas 

médias de decaimentos a, mostraram que as forças nucleares eram tais que o raio 

do núcleo (com A núcleons) era 

R = roA^/\ (2.1) 

com ro cií 1.1 X 10“^^ cm, de modo que a densidade nuclear (núcleons por unidade de 

volume) como sendo uma constante independente de A. Com forças de longo alcance. 

9 
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tais como as forças eletrostáticas, haveria A{A — l)/2 ligações entre núcleons e 

esperava-se que, nesse caso, a densidade aumentasse com A, já que a energia cinética 

aumenta apenas linearmente com A. Desse modo, a constância da densidade nuclear 

sugeria fortemente a existência de forças de curto alcance, cuja ordem de grandeza 

era dada em MeV, no lugar de eV, que é a ordem de grandeza típica para interações 

eletromagnéticas, mostrando, dessas forma, que tais forças de curto alcance tinham 

que ser significativamente mais fortes dos que as forças eletromagnéticas. 

Em 1935, procurando por mecanismos que dessem lugar a tais forças, Yukawa [30] 

propôs uma teoria mesônica das forças nucleares, nos moldes da QED, ou seja, uma 

teoria quântica de campos para as interações nucleares. O que Yukawa sugeriu em 

seu trabalho seminal foi a existência de um campo mesônico, em analogia com o 

campo eletromagnético, cujos quanta - mésons - possuiam massa finita (sugerindo 

assim uma força de curto alcance) e que se acoplava a prótons e nêutrons como no 

caso do acoplamento de fótons com partículas eletricamente carregadas. No esquema 

proposto por Yukawa a troca desses “quanta” seria a responsável pela interação entre 

núcleons, sugerindo assim um mecanismo único para a explicação de interações tão 

diferentes como o eletromagnetismo e as forças nucleares. Dessa forma todo o arsenal 

teórico desenvolvido na QED para se efetuar cálculos quantitativos precisos poderia 

ser utilizado para o caso das forças nucleares. No entanto, o acoplamento entre 

férmions e escalares nesta teoria 

(2.2) 

sendo r“ uma matriz de Pauli e g uma constante adimensional, assume o valor 

ijlN. ~ 14 
47T ’ 

(2.3) 

o que impossibilita o emprego de técnicas perturbativas nos moldes da QED. Por- 

tanto, novos métodos ou novas teorias eram necessárias para explicar o espectro 

hadrônico conhecido. 

Com o advento dos aceleradores de partículas a situação experimental na década 

de 60 começou a assumir aspectos alarmantes para a teoria física. Cada vez mais 

partículas fundamentais, em forma de ressonâncias, eram encontradas a medida que 

maiores energias eram alcançadas nos aceleradores, e a única teoria para as interações 

nucleares disponível era inaplicável, como dissemos acima. Então a questão que 

surgiu neste período foi a de como explicar esta ampla gama de partículas des- 

cobertas nos experimentos. 

Um importante aspecto observado à época foi que a existência de ressonâncias 

normalmente indica a presença de estados ligados, dessa forma foi postulado [31] que 
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hádrons pudessem ser considerados como estados compostos, construídos a partir 

das partículas conhecidas na época, ou seja, que fossem combinações de prótons (p), 

nêutrons (n) e lâmbdas (A). Em um trabalho posterior [32] foi sugerido que este 

“tripleto” de partículas deveriam se transformar como a representação fundamental 

do grupo de simetria SU(3). Neste trabalho foi dito corretamente que os mésons 

poderiam ser contruídos como estados ligados do produto direto entre elementos 

da representação fundamental grupo SU(3) e de sua conjugada. Em linguagem de 

teoria de grupos (séries de Clebsch-Gordan) podemos escrever: 

3 (g) 3 = 8 © 1, (2.4) 

onde 8 e 1 são as representações irredutíveis de SU{3) © SU{3). No entando esse 

modelo falhou por não descrever o espectro total de partículas descobertas. 

Logo a seguir, no ano de 1961, as suposições corretas sobre a relação das partí- 

culas descobertas com o grupo de simetria SU(3) foram encontradas por Gell-Mann 

[33] e Ne’eman [34]. Estes postularam que os bárions e mésons poderiam ser ar- 

ranjados em uma forma que foi denominada por eles como “The Eightfold Way” 

[35]. A seguir, Gell-Mann [36] e Zweig [37] propuseram que as propriedades do 

grupo SU(3) poderiam ser utilizadas para a explicação do espectro caso fossem pos- 

tulados a existência de novos constituintes, que Gell-Mann chamou de “quarks”, 

que transformam-se como um tripleto 3, sob SU(3). Como todas as representações 

de um grupo SU(N) podem ser geradas tomando-se múltiplos produtos da repre- 

sentação fundamental, que tem dimensão N, as representações de dimensões mais 

altas podem ser obtidas começando com os quarks. 

Resumindo o desenvovimento histórico, o espectro mesõnico observado na época 

era composto por três “pions”, dois “kaons”, dois “anti-kaons” e uma partícula de- 

nominada “eta”. Para explicar este espectro observado Gell-Mann supôs que estes 

oito mésons poderiam ser imaginados como sendo a base para uma representação 

adjunta complexa do grupo de simetria SU(3) - isto é , uma representação de di- 

mensão 8 do espaço de Hilbert complexo. Assim foram postuladas as existências de 

três partículas que formariam a base padrão: 

u = d = 

/0\ 

1 

voy 

s = (2.5) 

sendo que tais novas partículas foram denominadas “quarks”, que aparecem na teoria 

em três tipos (ou “sabores”): quark “up” (u), quark “down” (d) e quark “strange” 

(s). Os “anti-quarks” aparecem na base dual 

ü= (1 0 0), d = (0 1 0), s = (0 1 0), (2.6) 
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e os mésons seriam compostos por quarks e anti-quarks. Por exemplo, o píon posi- 

tivo, seria representado, na base adjunta, na forma: 

e todos os outros mésons observados podem ser construídos a partir das bases de 

quarks e anti-quarks. 

Os quarks ue d formam o dubleto padrão de isospin SU(2). A necessidade de um 

terceiro quark surgiu porque foi observado que um novo número quântico, além do 

isospin, era conservado por processos hadrônicos. A este novo número quântico foi 

dado 0 nome de “estranheza”, sendo que tal número quântico pode ser explicado em 

termos de SU(3). Portanto, suas representações são denominadas por dois números, 

a saber, a terceira compontente de isospin T3 e também um novo número quântico 

Y, chamado de hipercarga. Estes novos números quânticos podem ser relacionados 

pela conhecida fórmula de Gell-Mann-Nishijima: 

onde Y = B + S, sendo B o número bariônico, S o número quântico de estranheza, 

T3 é a terceira componente de isospin e Q é a carga. 

Os bárions, dentro deste esquema teórico, surgem pela decomposição do pro- 

duto direto SU{3) (g) SU{3) <S) SU{3) na soma de suas respectivas representações 

irredutíveis, na forma: 

Para reproduzir-se as cargas elétricas conhecidas dos mésons e dos bárions foi 

necessário postular-se que as cargas elétricas dos quarks assumissem valores fra- 

cionários: 

/ 0 1 0 \ 

7T+ = 0 0 0 

\ 0 0 0 y 

(2.7) 

que é o resultado do produto direto 

/ 1 \ 

u = 0 0 (0 1 0) = lí (g) d, 

[0/ 

(2.8) 

(2.9) 

Barion 30303= 10©8©8© 1. (2.10) 

Qu 2^) Qd — 2^) Qs — 2^> (2.11) 
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de modo que o próton e o nêutron, como exemplos, são descrito pelos estados p — uud 

e n = udd, respectivamente. 

O modelo a quarks obteve grande sucesso na predição de novos estados hadrôni- 

cos e em explicar a intensidade das transições eletromagnética e fraca entre hádrons 

diferentes. Em particular, o modelo a quarks incorpora naturalmente as relações de 

simetria mais importantes entre partículas que interagem fortemente. Se assumirmos 

que os quarks u e d possuam massas idênticas, o grupo SU(2), que atua como uma 

rotação unitária entre os estados u e d, 

deve ser um grupo de simetria das interações fortes. Na verdade, tanto na física 

nuclear como na física de partículas, os estados quânticos formam multipletos dessa 

simetria, denominada simetria de isospin. Da mesma maneira, supondo que o 

quark s tem a mesma massa que os quarks u e d (na verdade ele é bem mais pe- 

sado), fazia sentido considerar uma simetria por transformações unitárias do tripleto 

(u,d,s). Foi exatamente isso que Gell-Mann e Ne’eman mostraram com o modelo 

que descrevemos acima. 

No entanto, a despeito do grande sucesso do modelo de quarks original, este 

possuia dois problemas fundamentais. O primeiro deles é o fato de que partículas 

livres com cargas fracionárias nunca terem sido observadas até aquela ocasião (na 

verdade ainda não foram observadas, mas existem fortíssimas evidências que apon- 

tam da direção da validade desse argumento). O segundo está relacionado ao fato 

de que o espectro de bárions exige a suposição de que a função de onda de três 

quarks seja totalmente simétrica sobre a troca de números quânticos de spin e sa- 

bor, contradizendo a hipótese de que quarks, que possuem spin 1/2, devam obedecer 

a estatística de Fermi-Dirac. A necessidade dessa simetria é mais claramente demon- 

strada quando consideramos que um dos estados excitados mais leves de um núcleon 

é uma partícula de spin 3/2 com carga elétrica 4-2, a partícula A++. Tal partícula 

é interpretada como um estado ligado uuu, com momento angular orbital nulo e 

todos os spins dos quarks alinhados paralelamente. Para que o modelo a quarks 

ainda pudesse descrever corretamente o espectro bariônico físicos como Nambu, 

Greemberg e Gell-Mann propuseram que os quarks deveriam carregar um número 

quântico adicional “não observado”, que foi denominado número quântico de cor. 

Foi então introduzida a suposição de que as funções de onda dos bárions, simétricas 

em spin/sabor, devessem ser totalmente anti-simétricas nos números quânticos de 

cor, o que fornecia uma função de onda globalmente anti-simétrica, de acordo com a 

estatística de Fermi-Dirac (caso a função de onda seja anti-simétrica em spin/sabor. 
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ela seria simétrica em cor). 

O modelo mais simples que incorpora a cor é aquele onde os quarks são trans- 

formados pela representação fundamental de uma nova simetria interna. O grupo 

de simetria deve ser o grupo SU(3), dado que são necessárias três cores para tornar 

a função de onda bariônica totalmente anti-simétrica nos casos necessários*. Supri- 

mindo, por clareza, os números quânticos de spin e sabor, podemos representar 

quarks por ç», onde i = 1, 2,3 representa o índice de cor. Dessa forma os quarks se 

transformam pela representação fundamental do grupo SU(3), 3. Os anti-quarks, 

q^, tranformam-se na representação conjugada 3 de forma que o produto interno de 

3 e 3 é um invariante de SU(3). 

Assim como o modelo a quarks original a hipótese de cor foi um grande sucesso 

fenomenologicamente, no entanto novas questões surgiram: Por que os quarks de- 

vem possuir estes novos números quânticos aparentemente inúteis e qual deve ser o 

mecanismo que deve assegurar que as funções de onda hadrônicas sejam singletos 

de cor? Ou seja, por que estados tais como qq ou qqqq não fazem parte do es- 

pectro hadrônico? Por que os quarks não são observados experimentalmente? Estes 

quarks são de fatos partículas elementares reais ou apenas um truque matemático útil 

para a descrição da física das interações fortes? Admitindo a realidade dos quarks, 

qual deve ser a força que, efetivamente, os mantém unidos dentro do núcleon? À 

época alguns teóricos acreditavam que os transmissores da força forte devessem ser 

partículas representadas por um campo vetorial (como o fóton da eletrodinâmica). 

No entanto o problema com essa descrição era que, para obter-se uma teoria renor- 

malizável, seria necessário que esse campo vetorial fosse sem massa e isso estava em 

contradição com o fato de que campos sem massa são responsáveis por interações de 

longo alcance (como a gravidade e o eletromagnetismo) e as interações fortes apre- 

sentava uma aparência de interação de curto alcance. Como resolver este aparente 

paradoxo? 

A resposta para estas questões não surgiu da espectroscopia hadrõnica, mas sim 

com a descoberta em 1971 de ’t Hooft [38] de que teorias de calibre não Abelianas 

eram teorias renormalizáveis. Essa descoberta foi o ponto de partida para a cons- 

trução de uma teoria de calibre para as interações fortes, como veremos na próxima 

seção. 

*Note que aqui o grupo SU(3) representa uma nova simetria que não pode ser confundida com 
a simetria de sabor SU(3), sobre o tripleto {u,d,s). 
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2.2 A cromodinâmica quântica 

Na seção anterior vimos que o modelo a quarks como proposto por Gell-Mann e 

Zweig conseguiu explicar uma ampla gama de fenômenos físicos relativos à física 

hadrônica. No entanto, junto com o sucesso na parte fenomenológica, surgiram, 

também, uma série de problemas conceituais, como descritos no final daquela seção. 

Após um longo tempo de confusão, foi proposta a seguinte densidade Lagrangeana 

para a teoria das interações fortes, 

1 ® 
C = + J2^Ái V> - mi)A (2.13) 

1=1 

onde 

F;, = d,Al-d,Al + gr^^AlAl, 

ÍZ) = 

{D^)cc> = 5ccd^ - í^Í(A“)ec' (2.14) 

sendo que o campo de Yang-Mills, é não massivo e carrega forças de cor SU(3) 

(que não devem ser confundidos com a simetria SU(3) de sabor). Na equação acima 

os índices gregos p, = 0, - • ■ ,3, representam índices vetoriais de Lorentz; os índices 

a,b,c= 1, • • •, 8 são índices da representação adjunta do grupo SU(3); c,d = 1, • ■ ■, 3 

são índices de cor da representação fundamental do mesmo grupo, e os são 

as massas dos quarks com sabor í, sendo que os quarks estão na representação 

fundamental do grupo SU(6) de sabor^. 

Vale a pena uma breve discussão a respeito destes inúmeros novos índices que 

surgem na teoria. O índice de sabor não representa uma simetria de calibre, mas 

sim uma simetria global. Entretanto, os quarks devem carregar novos índices, c, e 

os glúons carregam índices a, que estão relacionados à simetria de calibre da teoria. 

Essa simetria de calibre é uma simetria local o que significa que os parâmetros das 

transformações de calibre devem ser funções do espaço-tempo, x^. Como na QED, 

essa simetria será a responsável pelo acoplamento entre os campos de matéria e 

os campos de calibre. Dessa forma os quarks surgem possuindo seis sabores e três 

cores possíveis, no entanto apenas o índice de calibre é participante da simetria de 

^Como vimos, na seção anterior, o modelo a quarks postulava a existência de três sabores de 
quarks para explicar o espectro hadrônico conhecido. Aqui já temos seis sabores de quarks! Claro, 
a necessidade dos últimos três surgiu devido ao aumento das energias disponíveis nos aceleradores 
de partículas com a consequente descoberta de novas ressonâncias que o SU(3) de sabor não podia 
explicar. Temos agora o SU(6) de sabor que cobre o espectro hadrônico conhecido - a simetria 
SU(6), no entanto, não é exata - como também não era a simetria SU(3) - como veremos a seguir. 
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\ 
calibre local. A primeira vista, do ponto de vista da QCD, os índices de sabor, 

que foram muito importantes para a fenomenologia hadrônica nas décadas de 60 e 

70 está relegado, agora, a uma posição secundária pois toda a teoria é explicada 

por forças de cor, invariantes por transformações de calibre, que efetivamente colam 

os quarks dentro dos hádrons sendo ainda que a força forte não “enxerga” o sabor 

das partículas interagentes, ou seja, a QCD é invariante por transformações globais 

SU(6) - no limite em que as massas dos seis quarks são iguais. 

Uma importante característica da QCD é que os campos responsáveis pela trans- 

missão das interações fortes, denominados glúons, são auto interagentes, diferente- 

mente do caso da QED, onde não existe interação entre fótons. Essa interação entre 

estes bósons vetoriais pode ser vista imediatamente no termo 

(2.15) 

da relação 

F;, = d^Al - d,Al + gr^A^Al. (2.16) 

Um fato experimental importante da QCD, relacionado às auto interações entre os 

glúons, é que estados coloridos tais como qq ou qqqq, por exemplo, não aparecem no 

espectro. Esse fato levou à hipótese de que qualquer estado da QCD para ser um 

observável deve ser um singleto do grupo SU(3) de cor. Da mesma forma, estados 

que não são singletos de cor envolvendo somente glúons não fazem parte do espectro 

físico. O fato de que quarks e glúons não são observados experimentamente de 

maneira isolada, existindo somente confinados dentro dos hádrons observados ou, 

de maneira mais geral, que não existem estados ligados de quarks e glúons coloridos, 

ainda é tema de intensas pesquisas. Essa propriedade, denominada confinamento da 

cor, ainda não pode ser demonstrada de maneira precisa e inequívoca a partir das 

equações da QCD. O motivo para isso é que o confinamento é uma propriedade da 

QCD que envolve distâncias relativas grandes e baixas energias de excitação. Esse 

limite é um regime de acoplamento forte porque, nessas circunstâncias, a constante 

de acoplamento g da teoria assume valores grandes. Esse limite é o oposto daquele 

alcançado em processos que envolvem curtas distâncias e altas energias (como em 

espalhamentos de elétrons por prótons a altíssimas energias), onde a propriedade 

de liberdade assintótica [2] da teoria garante que a constante de acoplamento g 

é pequena. Essa propriedade marcante da QCD de liberdade assintótica permite 

realizar cálculos precisos e sistemáticos usando os bem estabelecidos métodos da 

teoria de perturbação. Por outro lado, num regime de acoplamento forte, não exis- 

tem métodos analíticos suficientemente desenvolvidos que permitem fazer cálculos de 

maneira precisa e sistemática em teorias quânticas de campos relativísticas, como a 
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QCD. O único método atualmente existente para tratar problemas não perturbativos 

na QCD, é a QCD na rede [9], conforme mencionado na Introdução. Esse é um 

método numérico baseado em técnicas de Monte Cario e que exige grandes recursos 

computacionais. Intensas pesquisas em QCD na rede indicam que realmente a QCD 

é uma teoria que exibe essa propriedade de confinamento, no entanto, não são ainda 

conhecidos os mecanismos físicos microscópicos que levam ao confinamento da cor 

- dito de outra forma, não se entende ainda porque a QCD confina! 

Um outro fenômeno não perturbativo marcante da QCD, que é um dos assuntos 

principais que a presente tese vai tratar, é o da quebra dinâmica da simetria quiral. 

A simetria quiral é uma simetria aproximada da QCD no setor dos quarks com 

sabor u e d, e até certo ponto, no setor do quark s também. A simetria quiral é 

uma simetria exata da QCD no limite (fictício) em que as massas dos quarks, que 

aparecem na Lagrangiana da QCD, são nulas. 

As massas rrii dos quarks que aparecem na Lagrangeana da QCD, dada na 

Eq. (2.13), são denominadas historicamente de massas de corrente pois o valor 

obtido para as massas destes quarks, no setor u, d e s, foram obtidas a partir dos 

modelos denominados “Álgebra de Correntes”. As massas de corrente dos quarks 

u, d e s são comparativamente pequenas em relação às massas dos hádrons que eles 

compõem (~ 1 GeV). Vamos considerar, para o momento, que as massas de todos 

os seis sabores de quark sejam nulas. Nesse caso, a Lagrangeana da QCD toma a 

forma 

A parte que envolve os campos fermiônicos dessa Lagrangeana possui uma sime- 

tria SUv{G) SUa{G) - na verdade, possui mais outras simetrias não relacionadas 

à simetria quiral, tais como simetrias U{1), associadas ao número bariônico e ao 

que se conhece como anomalias. A simetria SUv{Q) <S> SUa{G) está associada às 

transformações dos campos de quarks 

onde Oy e 9'X são constantes e A“, a = 1, • • •, 35 são as matrizes 6x6 geradoras do 

grupo SU(6). 

Para observarmos isso mais claramente e entendermos porque a simetria se ma- 

nifesta somente para os casos onde a massa seja nula, vamos inicialmente considerar 

um sistema mais simples, o de uma Lagrangeana de Dirac para um único sabor de 

quarks 

(2.17) 

(2.18) 

Coirac = 'iPiiYdf, - m)i}. (2.19) 
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Para um único sabor de quarks, as transformações dadas em 2.18 podem ser escritas 

como 

^ ^ V’ (2-20) 

E trivial mostrar que a Lagrangeana de Dirac é invariante pelo primeiro tipo de tran- 

formação. Considerando o segundo tipo de transformação, denominado transforma- 

ção quiral, vemos que 

(2.21) 

pois [7^,7°7'^j = 0, e para o termo de massa, procedemos da mesma maneira, 

= 'ip 

^ mxpip. (2.22) 

Dessa forma vemos claramente que a Lagrangeana de Dirac só será invariante por 

trnsformações quirais se o termo de massa não aparecer, ou seja, se m = 0. Uma 

outra maneira de verificarmos esse fato é escrevendo as correntes vetorial e axial 

geradas respectivamente pelas transformações acima (e obtidas através do teorema 

de Noether) 

f = ip{x)Ytp{x), = 'il){x)Ylh'ip{x). (2.23) 

Computando as divergências destas correntes teremos. 

= {dfj,xp)YÍ^ + 

= {im'ip)xjj + 'tp{—im'ip) 

= 0, (2.24) 

= (^mV')7''75'0 + tPYlhdt^ip 

— im'075'0 + im'075'0 

= 2irmp'y5ip. (2.25) 

Nessas, usamos as equações de Dirac, obtidas a partir das equações de Euler- 

Langrange 

— m)ip = 0, '0(^7^ 9^ + m) = 0. (2.26) 
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Portanto, a corrente axial só será conservada se m = 0 - dito de outra forma, a 

carga quiral, = f d^xj^, é uma constante se m = 0. 

Para o caso de seis sabores, como a QCD, a única diferença é que as correntes 

envolvem as matrizes A“ de sabor. 

onde T“ = A/2, com i = (u,d,s,c,b,t) sendo índices de sabor, e c = 1,2,3 são os 

índices na representação fundamental de SU(3) de cor. Usando um procedimento 

análogo ao caso anterior mostra-se que 

carga) axial vetorial é conservada. As cargas vetorial e axial-vetorial são dadas 

respectivamente por 

Dessa forma, todos os aspectos da conservação ou não da simetria quiral está 

relacionada ao termo de massa dos quarks que aparece na Lagrangeana (ou da 

Hamiltoniana) da teoria. 

Para explicarmos como o problema da quebra dinâmica da simetria quiral surge 

na teoria, vamos considerar somente o setor de SU(2) de sabor, com os quarks u e d 

- que é o setor relevante para esse fenômeno, como veremos mais tarde. Nesse caso, 

A“ = r“, a = 1,2,3, são as matrizes de Pauli, e verifica-se que a Lagrangiana (ou 

Hamiltoniana) da QCD é invariante sob o grupo de transformações SU{2)l<^SU{2)h 

[10] cujos geradores são combinações lineares apropriadas das cargas vetorial e axial 

de isospin, dadas respectivamente por: 

5^U(“)'^(a:) = 0, 

(2.28) 

de modo que para mj = 0 (o chamado limite de simetria quiral) a corrente (e a 

= j d?x A(“)°(a:) = J d^x (a:)7^(r“)‘^V’^"(a;). (2.29) 

(2.30) 

Usando as combinações lineares 

(2.31) 



Capítulo 2. O modelo de quarks e a cromodinâmica quântica 20 

podemos mostrar que esses operadores obedecem em separado à álgebra do grupo 

SU(2), ou seja 

[«(<), QÍM 

[qí(í),<35í(í) 0. (2.32) 

onde é o tensor totalmente antissimétrico com a,b,c= 1,2,3 e = 1. Devido 

a forma de (2.31), que possui a estrutura (1 ± 7®) sendo, portanto, auto-estado 

do operador quiralidade, a denominação especíca de tal simetria é SU(2) ® SU(2) 

quiral. 

Esta simetria do Hamiltoniano da QCD {Hqcd) deve, em princípio implicar 

em importantes consequências para o espectro hadrônico. Para demonstrar esse 

fato, vamos considerar \h) um determinado auto-estado de Hqcd representando, 

por exemplo, um hádron em repouso de massa m. Dessa forma temos que 

HQcolh) = Mh\h), (2.33) 

onde M/l é a massa do hádron. A invariância do Hamiltoniano sob o grupo de 

simetria SU[2)l e SU{2)r implica que este comute com os geradores destes grupo, 

ou seja; 

HQCDQ‘^\h) = Q^HQCD\h) = Mt,Q^\h), 

= M,.Q^“|h). (2.34) 

Este fato implica que os estados Q°‘\h) e Q®“|h) são degenerados com o estado |h), 

isto é, esses estados têm a mesma massa que o estado \h). Agora, indicando por V 

o operador paridade é trivial mostrar que 

= Q“; ^ _g5a^ ^2.35) 

o que implica que, juntamente com a Eq. (2.34), hádrons devem se manifestar em 

multipletos de isospin e que para cada multipleto haja o correspondente multipleto 

de paridade oposta. No entanto verifica-se que apenas os multipletos de massas 

aproximadamente degeneradas são observados experimentalmente, ou seja, não exis- 

te correspondente manifestação de hádrons em dubletos de paridade. 

Tecnicamente dizemos que a manifestação de uma simetria de um determinado 

Hamiltoniano através de multipletos degenerados é conhecida como realização a la 

Wigner. Dessa maneira a discussão acima pode ser resumida dizendo que a simetria 

quiral da QCD não se manifesta no modo de Wigner. 
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Assim o estado não pode ser interpretado como o estado de um hádron 

de mesma massa que o hádron h, mas de paridade oposta. No entanto, este mesmo 

estado pode ser interpretado como um estado contendo um píon mais um hádron 

h. Como estes estados são degenerados o píon deve possuir massa nula. Este 

argumento, com h substituído pelo vácuo, implica que a carga quiral não aniquile o 

vácuo: 

Q®“|0) ^ 0. (2.36) 

Diz-se, dessa maneira, que a simetria quiral foi dinamicamente quebrada: ainda 

que o Hamiltoniano seja invariante sob o grupo de simetria, esta não se reflete 

no espectro de auto-estados. Os estados gerados pela aplicação dos geradores de 

simetria podem ser associados aos píons de massa e momentum nulos. Este 

fato representa, em essência, a manifestação do Teorema de Goldstone, o qual associa 

partículas de massa nula à quebra dinâmica de uma simetria contínua, sendo que 

as partículas de massa nula carregam os números quânticos do gerador de simetria 

quebrada [4]. 

A manifestação, no espectro, de uma simetria da maneira como discutida no 

parágrafo anterior e conhecida como realização a la Nambu-Goldstone. 

Portanto, o fenômeno da quebra dinâmica da simetria quiral está associado ao 

setor de quarks leves u e d da teoria, pois esses quarks têm massas (da ordem de 

10 MeV) muito menores que a escala de massa típica hadrônica, que é da ordem de 

1 GeV - nesse sentido, o quark s, cuja massa é da ordem de 150 MeV poderia ser 

considerado leve. Esse ponto será retomado logo a seguir, na próxima seção. 

Apesar desta discussão, sobre quebra dinâmica de simetria e aparecimento de 

bósons de massa nula, ter sido propositadamente eurística, todos os aspectos dis- 

cutidos qualitativamente podem ser demonstrados formal e precisamente [10]. No 

entanto, a demonstração de que este fenômeno realmente ocorre na QCD ainda 

não foi feita de maneira explícita usando as equações da QGD. Uma das razões 

para tal, como dito no início da presente seção, é o caráter não-perturbativo deste 

fenômeno, que impede o emprego das tradicionais e bem desenvolvidos métodos da 

teoria quântica de campos baseados na teoria de perturbação. Por este motivo, para 

fazer progresso no assunto e entender os mecanismos que são responsáveis por esse 

fenômeno, é necessário o emprego de modelos e tratamentos aproximados. 

No Gapítulo seguinte, um modelo desta natureza, baseado na formulação da QCD 

no calibre de Coulomb, será empregado. No entanto, antes de encerrar o presente 

Capítulo, com o objetivo de ilustrar através de um modelo mais simples que o do 

próximo Capítulo, na próxima seção iremos discutir um modelo que incorpora todas 

as características de uma realização a la Nambu-Goldstone, o modelo Nambu-Jona 
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Lasinio (NJL). Trata-se de um modelo de teoria quântica de campos para férmions 

auto-interagentes, originalmente construído em termos de graus de liberdade de 

núcleons [21]. Agora, com o advento da QCD, o mesmo modelo é formulado em 

graus de liberdade de quarks. 

2.3 Quebra dinâmica da simetria quiral num modelo simples 

Para descrevermos a realização da simetria quiral na QCD vamos utilizar o modelo 

NJL, formulado em termos de graus de liberdade de quarks. Tal modelo exibe 

as mesma simetrias da QCD e é um bom laboratório para estudos qualitativos a 

respeito da quebra da simetria quiral. Considerando, por simplicidade, apenas o 

setor SU(2), a densidade Hamiltoniana do modelo, é dada por 

'HnJL — T~io + 'Hint 

= .V)ip — G (2.37) 

onde G representa a constante de acoplamento entre os quarks. Note que não explici- 

tamos os índices dos números quânticos de cor e sabor, portanto fica subentendido 

aqui que cada espinor ip, tem, além das quatro componentes no espaço de Dirac, 

mais duas componentes no espaço (interno) de sabor e três componentes no espaço 

(interno) de cor. 

Mostra-se trivialmente que essa Hamiltoniana é invariante por transformações 

SU{2) ® SU{2). Para tal é fundamental a ausência de um termo de massa de cor- 

rente do tipo Hm — —rml^ip, como pode ser visto em (2.22). A questão que queremos 

responder aqui é saber se a simetria manifesta em Hnjl ^ quebrada dinamicamente. 

A sugestão de Nambu e Jona-Lasinio [21] era a de encontrar o propagador dos 

férmions, já que a massa se manifesta com um pólo no propagador S{p). Em en- 

contrando tal propagador a simetria estaria quebrada se (1) o propagador contiver 

um termo de massa e, (2) se a energia do vácuo calculada com esse propagador com 

termo de massa for menor que a energia calculada com o propagador com o termo 

sem massa. A questão consiste, dessa maneira, em como calcular o propagador dos 

férmions que, para o nosso caso, são os quarks. 

A estratégia adotada por NJL foi a seguinte: como a geração de massa é o 

resultado dos efeitos de auto-interação entre os férmions, a informação da geração 

de massa deve estar contida na auto-energia dos férmions, S(p), definida por: 

5-i(p) = 5(“)-i(p)-E(p), 

sendo ^{p) o inverso do propagador referente a Ho, dado por 

(2.38) 

(2.39) 
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Como é sabido não é possível gerar massa em teoria de perturbação, pois con- 

siderando que, em primeira ordem, temos a auto-energia na forma 

teremos, devido à Eq. (2.39), 

s(i)(p) = 0. (2.41) 

Dessa forma o propagador em primeira ordem na teoria de perturbação, será 

simplesmente 

5d)(p) = 1 = S^°\p). (2.42) 
P 

Agora, vamos calcular a auto-energia em ordens mais altas significa simplesmente 

iterar o resultado da ordem imediatamente inferior à desejada, é fácil concluir que 

a auto-energia continuará sendo identicamente nula em todas as ordens em teoria 

de perturbação, dessa forma o método perturbativo não serve aos nossos propósitos 

ficando evidente a necessidade da criação de métodos não perturbativos. 

A idéia de Nambu e Jona-Lasinio foi a adicionar um termo de massa na forma 

Hm = Mipij} ao Hamiltoniano de interação Hint, desde que o interesse reside na 

geração de um termo de massa, e subtrair esse mesmo termo em Ho'- 

'HnJL = 'Ho + Hint 

= {Ho — Hm) + {Hint + Hm) 

= H'o + H'„,. (2.43) 

A seguir diagonaliza-se Hq = f d^x H'q e trata-se = f d^xH^^t como uma 

perturbação. Desta maneira o vácuo torna-se auto-estado de Hq e não invariante 

por transformções quirais, embora o Hnjl ainda o seja. Dessa maneira M pode ser 

determinada exigindo que a auto-energia correspondente à nova interação seja 

igual a zero. De fato, este procedimento nos leva à uma equação autoconsistente 

para M, chamada de equação de “gap” de massa, dada pela expressão: 

26G M 

{2-k^)^J x/ÃPTF’ 

onde A é um momentum de corte, o qual é necessário devido ao fato de o modelo não 

ser renormalizável. Agora, é possível mostrar [21] que (1) há uma solução diferente 

de zero para M tal que 

S{P) = ^—h   (2-45) — M + le 

para um valor de GA^ maior que um valor crítico, (2) a densidade de energia cal- 

culada com este propagador é menor que a correspondente densidade de energia 
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calculada com e (3) que existem partículas pseudoescalares de massa nula no 

espectro (os bósons de Goldstone). 

A massa M, que foi gerada dinamicamente, é chamada de massa dos quarks 

constituintes. O significado de constituinte é que são essas massas que entram num 

modelo de quarks não relativístico para descrever os estados hadrônicos. Nesses 

modelos, a massa do próton, por exemplo, é aproximdamente Mp ~ 3M, o que 

significa que M ~ 300 MeV. Isto significa que o fenômeno da quebra dinâmica da 

simetria quiral gerou massas da ordem de 300 MeV. Caso tivéssemos empregado uma 

massa de corrente m não nula, a simetria quiral não é mais exata e não teríamos um 

bóson de Goldstone. Mas, se a massa de corrente m for muito menor que 1 GeV, 

ainda seria gerada uma massa constituinte M da ordem de 300 MeV (usando os 

mesmos valore de G e A acima) e, ao invés de um bóson pseudoescalar de massa 

zero, teríamos um de massa da ordem de 100 MeV. Ou seja, entende-se o fato de que 

a massa dos mésons tt serem muito menores que qualquer outro hádron formado de 

quarks ued como consequência de uma simetria quiral aproximada, que não é exata, 

mais ainda se manifesta de maneira importante no espectro hadrônico. Agora, como 

será mostrado mais adiante nessa tese, se tivéssemos empregado massas de correntes, 

como a massa do quark c charm, o fenômeno da quebra dinâmica da simetria quiral 

não seria tão dramático. Isso é, partindo de massas de corrente muito maiores que 

zero, a massa constituinte não será dramaticamente maior que a massa de corrente. 



Capítulo 3 

A QCD no calibre de Coulomb e a quebra 

dinâmica da simetria quiral 

o objetivo do presente Capítulo é empregar a formulação Hamiltoniana da QCD no 

calibre de Coulomb* para obter um modelo de quarks que simultaneamente confine 

os quarks e glúons e realize a quebra dinâmica da simetria quiral. 

A formulação da QCD no calibre de Coulomb possui algumas características 

muito importantes para a construção de um modelo de quarks dessa natureza. Den- 

tre algumas destas características podemos citar o fato de que tal formalismo trata 

com quarks e gluons reais, sem graus de liberdade espúrios, como fantasmas, es- 

tados de métrica negativa, que surgem quando são utilizados calibres covariantes. 

Além disso, uma Hamiltoniana escrita em termos de graus de liberdade físicos so- 

mente permite a construção de um espaço de Fock em que operadores e estados 

de muitas partículas são escritos de maneira muito parecida como nos modelos 

quanto-mecânicos de quarks constituintes, i.e., em termos de operadores de criação 

e aniquilação. Outra característica fundamental do trato com a QCD neste cali- 

bre particular é a possibilidade de uma compreensão física transparente de um dos 

aspectos mais obscuros da QCD - o confinamento da cor. No ambiente da QCD 

no calibre de Coulomb, obtem-se: 1) a ausência dos bósons vetoriais (gluons) no 

espectro de estados físicos, e 2) um potencial atrativo entre fontes que carregam 

cor. Estes dois aspectos não são bem descritos em calibres covariantes. No calibre 

de Coulomb, ao contrário, estes dois aspectos podem coexistir: as forças de longo 

alcance são representadas por uma interação Coulombiana instantânea que cresce no 

limite 1^^ —> 0, enquanto que o propagador físico (transversal) do gluon é suprimido, 

refletindo assim a ausência de estados coloridos no espectro físico. 

Uma última característica importante da QCD neste cenário é a possibilidade 

de tratar a restauração e a quebra dinâmica da simetria quiral para quarks leves (u, 

‘Lembrando que, como a QCD é uma teoria invariante por transformações de calibre, a escolha 
de um calibre particular não afeta o resultado do cálculo de quantidades físicas. 

25 
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d) confinados no interior dos hádrons, que é o objetivo principal desta tese. 

Na próxima Seção, vamos brevemente revisar o formalismo Hamiltoniano da 

QCD no calibre de Coulomb. A seguir, vamos revisar o formalismo de Szczepaniak 

e Swanson [11] para o vácuo gluônico. Como já discutido anteriormente, esse é um 

formalimo não perturbativo que permite obter uma interação entre cargas de cor 

do tipo confinante. Essa interação, quando considerada no setor de quarks, leva 

ao fenômeno da quebra dinâmica da simetria quiral. Esse assunto será discutido 

logo após, na Seção 3.3, empregando o formalismo de Schwinger-Dyson. A seguir, 

na Seção 3.4, vamos considerar efeitos de temperatura e densidade bariônica no 

fenômeno da quebra dinâmica da simetria quiral, ainda no formalismo de Schwinger- 

Dyson. 

No próximo Capítulo vamos apresentar o formalismo da representação Fock-Tani. 

Como já dito anteriormente, esse formalismo foi desenvolvido para tratar sistemas de 

muitas partículas compostas - no presente contexto, hádrons que são estados ligados 

de quarks e antiquarks. O formalismo parte de um modelo de quarks constituintes 

para os hádrons em que os estados são escritos em termos de operadores de campo. 

O modelo de quarks que será desenvolvido mais adiante na presente tese tem as 

características principais de que somente estados singletos de cor têm energia finita 

e os quarks constituintes são gerados dinamicamente através da quebra dinâmica 

da simetria quiral, a qual é obtida com interações também geradas dinamicamente. 

Ainda mais, empregando as mesmas interações microscópicas que confinam os quarks 

e glúons, pode-se obter, através do formalismo de Fock-Tani, interações efetivas entre 

hádrons e, ainda, investigar propriedades da quebra dinâmica da simetria quiral num 

meio formado pelos hádrons que foram obtidos como estados ligados empregando 

essas mesmas interações microscópicas. 

3.1 Hamiltoniana da QCD no calibre de Coulomb 

A Hamiltoniano da QCD no calibre de Coulomb, apesar de ser da mesma estrutura 

da correspondente Hamiltoniana da QED, tem uma aparência mais complicada de- 

vido ao caráter não-Abeliano da teoria. Apesar de não fazermos uso explícito desta 

Hamiltoniana nesta tese, vamos discutir brevemente o aparecimento dos seus diver- 

sos termos. O intuito desta discussão é tornar o assunto menos obscuro, de maneira 

a motivar com mais clareza o modelo que será extraído desta Hamiltoniana mais 

completa. Esta discussão seguirá de muito próximo a notação e os argumentos da 

Ref. [11]. 

Uma Hamiltonina no calibre de Coulomb, como é usual, é dada em termos de 

campos vetoriais A“ e H“ transversais, i.e. campos com divergência zero. O campo 
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n“ é o momento canônico conjugado ao campo A^. O campo cromo-elétrico é dado 

por 

(3.1) 
iy L 

e satisfaz a lei de Gauss, 

+ = (3.2) 

onde 

p“ = V'^(A“/2)^, (3.3) 

é a densidade de carga de cor dos quarks. Esta equação pode ser re-escrita como 

(empregamos a convenção de que existe uma soma implícita sobre índices repetidos) 

= gpl, (3.4) 

onde é a derivada covariante na representação adjunta, dada por 

(3.5) 

com Agora, se escrevermos o campo elétrico em termos de componentes 

transversa (i.e. com divergência zero) e logitudinal 

= 4“ - V0“, (3.6) 

então a Eq. (3.4) fornece 

-(D“" ■ V)/ = gp\ (3.7) 

com 

P“ = + (3.8) 

- (3.9) 

onde p“ = -A^^éa densidade de cor de glúons transversos. Note que o campo 

0“ pode ser eliminado formalmente em termos da densidade total de carga p“ como 

(3.10) 

Da mesma forma, a componente zero do potencial vetor, A°“, pode ser eliminada do 

problema fazendo uso da equação para o campo elétrico. 

V • .E“ = -V • = -VV“, (3.11) 



Capítulo 3. A QCD no calibre de Coulomb e a quebra dinâmica da simetria quiral 28 

a qual leva a 

y-D V-D. 

ab 
(3.12) 

onde foi usada a E. (3.10) para 

A evolução temporal do potencial vetor é determinado pelo campo transversal 

n“ da seguinte forma: 

ri“ = -4“ =A+g{l- V-^VV-)/“'’"A°*’A^ (3.13) 

Quando procedermos a quantizaçâo canônica, o campo transverso n“ torna-se o 

momento conjugado do potencial vetor transversal 

Quando fazemos uma transformada de Legendre para irmos da Lagrangeana 

para a Hamiltoniana, iremos produzir termos proporcionais a (Vç!))^, que surge das 

componentes longitudinais do campo cromoelétrico E'^, termos proporcionais gpqA^ 

do vértice quark-gluon, e ainda termos proporcionais a gW-ÂÍ^A^^f^^ 

do termo Etr ■ Atr que são originados de E‘^. Combinando todas estas contribuições 

e substituindo a expressão para A° da Eq. (3.12) teremos uma interação instantânea 

Coulombiana do tipo não-Abeliano, 

Hc = ^j (fxd^yp'^{x)Kab{x.,T,Ã)p\y), (3.14) 

onde 

Kab{x,y-,Ã) = (x,a|;^^(-V^)^^|y,6), (3.15) 

e p“ é a densidade de carga de cor completa, 

P“(^) = Pgi^) + Pg(^) = V^^í^)yV’(^) + r^^Â^ix) ■ n^(f). (3.16) 

O momento gluônico conjugado transversal n“ satisfaz à seguinte relação de co- 

mutação: 

S{x-^= í(5“'’(5r(V)y5(f - y). (3.17) 

Seguindo [39], utilizaremos a notação {x, a| • • • |y, 6) para representar os “kernels” 

dos operadores integrais. 

{x,a\D\y,b) = + gr^Ã^ix) õ^{x-^. (3.18) 

No caso Abeliano, temos, D —y V, K —g‘^{x,a\l/V‘^\y,b) = y^<5“*’/47r|x — ^ 

(pois os campos de gauge comutam no caso abeliano) de forma que a interação 

coulombiana é obtida naturalmente. 
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Uma derivação da Hamiltoniana quântica da QCD no calibre de Coulomb pode 

ser encontrada na Ref. [39]. Em outro texto, Zwanziger [40] mostrou como derivar 

a Hamiltoniana no calibre de Coulomb fazendo uso da teoria de campos na rede. 

A Hamiltoniana quântica pode ser derivada fazendo-se uma transformação que nos 

leve da forma canônica = 0 para o calibre de Coulomb. A Hamiltoniana onde 

A° = 0 correspode a um certo tipo de “coordenadas cartesianas”, enquanto que 

a restrição imposta pelo calibre de Coulomb induz uma “curvatura” na estrutura 

de calibre, introduzindo, assim, uma métrica não trivial na teoria. Na Ref. [39] é 

mostrado que a medida associada com essa métrica é proporcional ao determinante 

de Faddeev-Popov 

J = det(V • D). (3.19) 

Além disso, a Hamiltoniana conterá fatores do tipo éT que são fatores análogos 

ao operadores de Laplace-Beltrami que surgem quando fazemos a primeira quan- 

tização utilizando coordenadas curvilíneas em problemas de mecânica quântica de 

uma partícula. O determinante de Faddev-Popov pode ser removido da medida 

trabalhando com uma Hamiltoniana modificada 

H (3.20) 

que é Hermitiana com respeito a («Fjí') = / 'DA^*{A)^{A). Dessa forma o resultado 

final para a Hamiltoniana da QCD no calibre de Coulomb será dada pela expressão 

H = H, + Hg + H^g + Hc, (3.21) 

onde 

Hq = J dxi!)^ (^—ia ■ V + ■0, (3.22) 

Hg = ^jdx (J-i/^H J • H -p R . s) , (3.23) 

~ J (3.24) 

e 

= dxdyJ-^l'^p\x)J^I'^K^^{x,y-Ã)J^I'^p\y)J-^l'^, (3.25) 

Para compararmos com as regras de Feynman e o formalismo da integral de tra- 

jetória usuais, é conveniente que façamos um ordenamento dos operadores, conhecido 

como ordenamento de Weyl, o qual corresponde a uma quantização por integrais de 

trajetória com discretização de ponto médio. Este procedimento resulta naquilo 
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que se conhece como “termos de Schwinger-Christ-Lee”, Vi e V2 - ver Ref. [39] 

para detalhes. Aqui não faremos uma discussão detalhada sobre isso, porque tal 

discussão nos tiraria do objetivo principal desta Tese. Vamos simplesmente escr- 

ever o resultado final, que surge com um ordenamento tal em que os termos de 

Schwinger-Christ-Lee não aparecem 

H = dx[J-^Ü‘^ ■ -f- + j -iã-{V- igA<^T‘^) + 

+ dxdyJ~^p'^{x)Kab{x,y]Ã)Jp‘'{^, (3.26) 

onde Kab{x,y\A) é o kernel de Coulomb dado na Eq.(3.15), e a quantidade J é o 

determinante de Fadeev-Popov, dado acima na Eq. (3.19). 

3.2 Formalismo de Szczepaniak e Swanson para a estrutura 

do vácuo da QCD 

Aqui vamos revisar de maneira suscinta o formalismo de Szczepaniak e Swanson (SS). 

Esse formalismo é baseado numa aproximação de campo médio para o estado de 

vácuo da teoria. No primeiro passo, os quarks não são considerados, esses serão 

objeto de discussão na próxima Seção. O formalismo inicia com um “ansatz” Gaus- 

siano para o estado de vácuo da teoria, dado como 

^o[^j = J ’’exp (3.27) 

onde oJg{k) é a energia dos glúons e r é um número. No trabalho original de SS, 

o termo na Eq. (3.27) não estava presente. Este termo, em princípio, deve 

estar presente num ansatz para funções de onda em coordenadas curvilíneas [41]. 

J é equivalente ao Jacobiano da transformação de coordenadas retangulares para 

coordenadas curvilíneas no espaço de coordenadas ordinário que aparece usualmente 

na medida de integração; r — 1/2 é o valor usualmente usado no método variacional 

na Mecânica Quântica. J aparece no presente contexto porque, conforme já dito 

na seção acima, o calibre de Coulomb é o equivalente, no espaço das configurações 

de campos gluõnicos, ao sistema de coordenadas esféricas, enquanto que o calibre 

axial Ao = 0, é equivalente ao sistema de coordenadas retangulares. 

A energia dos gluons é o “parâmetro variacional”, determinada minimizando a 

densidade de energia do vácuo: 

= 0. (3.28) 
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Aqui, l^g) foi usado para indicar o estado de vácuo A função oJg{k) será 

chamada de “função de gap”, pois o espectro de energias de glúons, como será visto 

a seguir, exibirá um pequeno salto (gap) em relação ao valor perturbativo da energia 

de um glúon. 

Pode-se mostrar que este procedimento variacional é formalmente equivalente à 

denominada aproximação de Hartree-Fock-Bogoliubov e, portanto, uJg{k) podería 

ser determinada através de uma transformação canônica escolhida de forma conve- 

niente. Esse procedimento não será seguido aqui porque o procedimento variacional 

é mais simples. No entanto, no Capítulo 5, quando serão tratados os quarks, esse 

formalismo se mostrará bastante útil para discutir o fenômeno da quebra dinâmica 

da simetria quiral num meio em que os quarks estão confinados no interior dos 

hádrons e será discutido em detalhes naquela oportunidade. 

Para prosseguir com a discussão do princípio variacional, expande-se os opera- 

dores de campo A‘^{x) e n‘^(:r) em termos de operadores de criação e aniquilação de 

gluóns e a. 

- r drk Ir- - - -1- 
/ T^- Xã - /x-TM êi:A;,A)a(fc,A,c) + ê*(fc,A)at(-fc,A,c) J y/2ujg{k) L J 

n^(f) = -í J ^y^[ei:fc,A)Q(fc,A,c)-ê*(fc,A)at(-fc,A,c)]e*^^- (3.29) 

Os operadores de aniquilação a aniquilam o vácuo não perturbativo, i.e. 

a{k,X,c) lwg(A:)) = 0. (3.30) 

Agora, a obtenção da equação de gap para u}g{k) não é nada trivial. Isto é devido 

ao fato de que a forma da Hamiltoniana da QCD no calibre de Coulomb induz 

complicações muito grandes para cálculo da densidade de energia do estado funda- 

mental. Isto ocorre porque o potencial de interação depende da escolha de um vácuo 

particular. O “kernel” K, dado na Eq. (??) é função dos campos que, por sua vez, 

dependem da equação de gap. Dessa forma a função de gap é determinada por um 

conjunto de equações acopladas que descrevem a densidade de energia do vácuo e 

as interações que são usadas para obter esta densidade de energia. 

Não vamos apresentar a obtenção dessas equações integrais acopladas [11, 41], 

pois isso não iria servir para os desenvolvimentos futuros da presente tese. No 

entanto, o que é importante para nós nesta tese são as soluções que são obtidas 

do procedimento variacional, as quais usaremos para discutir a quebra dinâmica 

da simetria quiral e a construção do modelo de quarks constituintes. As soluções 

são obtidas no espaço dos momentos, tanto para u{k) como também para Vc{k) = 
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Kab{k), onde Kabik) é o kernel de Coulomb no espaço dos momentos. O kernel 

Vc{k) = Kab{k) é um potencial para a interação entre as cargas de cor. 

No trabalho original de SS, o parâmetro r foi tomado como sendo r = 0. 

A solução numérica para Vc{k) nesse caso pode ser parametrizada como a soma 

de dois termos, um de longo alcance Vi{k) e outro de curto alcance Vs{k), 

Vc{k) = Vi{k) + V,{k), 

de maneira que Vi{k) é dada por 

(3.50)2 xl.93 
Vi{k) 

Vk 
k < rrig, 

e Va{k) é dada como 

8.07 
Vs{k) = 

+ l [>n(^ + 0-82); 

1 0.62 > k > rug. 

(3.31) 

(3.32) 

(3.33) 

A quantidade rUg é uma escala de massa que é gerada pelo processo de renormali- 

zação e é determinada fenomenologicamente. SS fixaram rUg ajustando o potencial 

entre duas cargas de cor estáticas extraído de simulações de QCD na rede, o que 

levou a um valor estimado que podería variar entre 530 MeV < rrig < 720 MeV, 

dependendo da escala adotada nas simulações de QCD na rede para fixar o valor da 

tensão da corda {string tension). 

Para o caso de r = 1/2, a solução numérica pode ser parametrizada [42] como 

acima, i.e., Vc{k) = Vi{k) + Vs{k), mas com a parte de longo alcance dada como 

v,(k) = 
STTcr 

e a parte de curto alcance como 

Vs{k) = 
4TTa{k) 

fc2 ’ 

(3.34) 

(3.35) 

com 

a{k) = — 
47tZ 

1 3/2 ’ P = 
(llA^c)^ 

36Nr = f, (3.36) 

onde Ng = Séo número de cores. Note que no presente caso, o ajuste é a soma direta 

de dois termos, i.e. ela não é dada como a soma de dois termos, um para k menor 

e outro para k maior que um certo número, como no caso anterior. A especificação 

dos valores das constantes Aqcd, cr, c e Z será discutida no Capítulo 6, quando 

discutiremos resultados numéricos. 
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Tudo o que necessitamos do formalismo SS foi discutido acima. A principal 

motivação para o estudo desse formalismo foi a obtenção do potencial para curtas 

e longas distâncias que nos possibilitará obter a realização da quebra dinâmica da 

simetria quiral para gerar as massas dos quarks constituintes dentro do nosso mod- 

elo. Nesta tese vamos dar preferência para a solução mais recente com a = 1/2, 

pois conforme argumentam os autores da Ref. [41], esse ansatz contendo o fator de 

Fadeev-Popov é o mais correto, pois ele leva em conta a curvatura do espaço das 

configuirações de gauge. No entanto, por completeza e para comparar resultados, 

vamos também mostrar resultados numéricos para a solução antiga, com a = 0. 

Na próxima seção vamos introduzir o formalismo de Schwinger-Dyson da Teoria 

Quântica de Campos e estudaremos como a quebra dinâmica da simetria quiral 

é realizada dentro desse procedimento. Para não perdermos a linha de raciocínio 

lembramos que a nossa intenção final será a de obter um formalismo em segunda 

quantização equivalente ao formalismo mais geral da Teoria Quântica de Campos 

(Schwinger-Dyson) que nos possibilite estudar hádrons em interação. 

3.3 Quebra dinâmica da simetria quiral no vácuo — forma- 

lismo de Schwinger-Dyson 

Para iniciar, vamos considerar uma Hamiltoniana contendo apenas uma interação do 

tipo Coulomb (mais adiante, vamos considerar também a parte de interação devido 

a gluons transversos). O Hamiltoniano será escrito como 

H = J d^xxl)\x){—iã ■V)'4){x) 

+ j d^xd^yÍj\x)T'^i}{x)Vc{x-^'ilj\f)T°‘'4){^, (3.37) 

com T“ = A“/2, a = 1, • • •, 8. Note que esta Hamiltoniana corresponde à Hamilto- 

niana da QCD no calibre de Coulomb, onde foram considerados apenas os graus de 

liberdade de quarks e o kernel de Coulomb Kab foi substituído por Vc, Kab{x, y; A) —+ 

Vc{x — y). Note também que a massas de corrente foram desprezadas, i.e. estamos 

trabalhando no limite de simetria quiral exata. 

Para verificar a ocorrência da quebra dinâmica da simetria quiral com a Hamil- 

toniana acima, vamos analisar o propagador do quark - se esse propagador contiver 

um termo de massa, então a simetria quiral foi quebrada dinamicamente, como dis- 

cutido no Capítulo anterior, quando foi discutido o modelo de Nambu-Jona-Lasinio. 

Aqui vamos seguir de muito próximo a Ref. [28]. De forma geral, o propagador do 
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quark pode ser escrito em termos da autoenergia E(p) como como 

5(p)-i=7%-S(p). (3.38) 

Para encontrar a auto-energia, vamos fazer uso da equação de Schwinger-Dyson 

para o propagador na aproximação rainbow, ou Hartree-Fock. Essa consiste em usar 

para a função de vértice completa da teoria, a correspondente função bare que, para 

a Hamiltoniana acima, é simplesmente dada pela matriz de Dirac 7°. Portanto, 

fazendo uso do fato que o propagador do quark é diagonal e independente de cor, 

S{k)c,c' = S{k)Sc^c'i o termo de Hartree se anula e somente o termo de Fock sobrevive 

- 0 diagrama de Fock está mostrado na figura abaixo. 

Figura 3.1: Aproximação Rainbow. 

A equação de Schwinger-Dyson para a auto-energia do quark na aproximação 

rainbow é dada pela equação integral 

4 r rt^h 
E(p) = 3 i y Vc(p - k)ioS(k)i’'. (3.39) 

Considerando a simetria de Lorentz e a invariância por transformações de paridade 

podemos decompor a função S(p) em um termo escalar e outro vetorial como 

S(p) = E^(p) + 7-pS'^(p), (3.40) 

onde p = p/p e p = |^. Inserindo (3.40) em (3.38) podemos escrever o propagador 

na forma 

S{po,p) = 
Polo - 7 • p(p + S'^(p)) -I- E^(p) 

^2 
Po - (p + S^(p))2-f(S5(p))2 

-|l/2- (3.41) 

Note que o termo escalar da autonergia é um termo de massa (para 0 modelo de 

Nambu-Jona-Lasinio na aproximação de campo médio, S'^(p) = M, i.e. o termo 

escalar da autoenergia é uma constante e igual à massa dos quarks constituintes). 

O termo vetorial é uma função que renormaliza o termo i^p^ e fornece a norma- 

lização da função de onda (para o modelo de Nambu-Jona-Lasinio na aproximação 

de campo médio, E'^(p) = 0). De uma maneira mais formal, se o propagador do 
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quark contém um termo escalar a teoria não é invariante sob a transformação 

quiral discutida acima. O termo vetorial é invariante quiral. 

Inserindo o resultado da Eq. (3.41) na Eq. (3.39) e integrando na variável tem- 

poral, obteremos o conjunto de equações integrais não lineares acopladas para a 

autoenergia do quark em suas componentes escalar e vetorial, dado por 

s'(p) = l j 
d^k 

(27t)2 
Vc{p- k) 

{k + Ty{k)Y + {Y.^{k)f 
1/2 ’ 

d?k r. k + Ty{k)p-k 
Vcip-k) — 

(27t) 
{k + E^{k)y + {'ES{k)y 

-|l/2- 

(3.42) 

(3.43) 

As formas das equações dadas em (3.42) e (3.43) sugerem uma parametrização para 

as componentes escalar e vetorial do tipo: 

E^{p) = ujg{p) sin (f){p) (3.44) 

e, 

P + S^(p) = Ug{p) cos0(p), (3.45) 

introduzindo assim a variável ujq{p) e a variável angular (j){p) - esta última, muitas 

vezes chamada de ângulo quiral. Escrevendo o propagador em termos destas novas 

variáveis teremos 

S{po,p) = 
7% - 7 • P^qjp) COS (p{p) + ujq sin 4>{p) 

Po - ^qi.PY 
(3.46) 

o que sugere que a variável ujq{p) possa ser interpretada como a energia do quark. 

Com relação a estas mesmas variáveis, as Eqs. (3.42) e (3.43) serão dadas por: 

2 í d^k 
u)q{p)sm<l){p) = -J J^VcÍP- k) sin (j){k), (3.47) 

2 í d^k 
Uq{p) COS 4){p) -p^-J -^-^Vc{p- k)p ■ k COS (j>{k) (3.48) 

Multiplicando a primeira destas pelo termo cos 4>{p) e a segunda por sin 0(p) e sub- 

traindo ambas teremos a seguinte equação: 

psm m = 11 
d^k 

(27t)^ 
Vc{p — k) sin(j){k)cos(j){p) — p ■ kcos(f){k) sin(f){p) , (3.49) 

que é uma equação integral auto-consistente para a variável <p{p). Uma vez deter- 

minada essa variável, todas as outras quantidades podem ser obtidas. 
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Uma importante quantidade para a análise da quebra da simetria quiral é o 

condensado quiral, {ipip), que é dado em termos do ângulo quiral 0(p) pela expressão 

(^•0) = —- / dk sin 4>{k). (3.50) 
Jo 

Esta expressão mostra claramente que se a solução da Eq. (3.49), conhecida como 

a equação de gap para os quarks, for tal que sin 4>{k) = 0, então o condensado de 

quarks será nulo. O que significa isso? Se sin0(A;) = 0, então o termo escalar da 

autoenergia, E^(p), será nulo. Como o termo escalar é o termo de massa dos quarks, 

temos então que a Hamiltoniana somente quebra dinamicamente a simetria quiral 

se 0 ^ 0. O condensado de quarks funciona como um parâmetro de ordem, isto é, 

ele indica se a simetria foi quebrada ou não - como no caso da magnetização num 

ferromagneto. 

A equação de gap, Eq. (3.49), somente pode ser resolvida numericamente e, para 

tal, é importante conhecer os limites assintóticos das suas soluções. Vamos empregar 

potenciais que se anulam para momentos grandes e, portanto, 0(p) deve satisfazer 

a seguinte condição de contorno no ultravioleta 

lim 0(p) —> 0. (3.51) 
p—*oo 

No infravermelho, assumindo que a quebra de simetria quiral é máxima para partículas 

em repouso, temos que 

lirn0(p) = |. (3.52) 
p->o 2 

Vamos inicialmente analisar a equação (3.49) tomando o limite p —> oo. Em vista 

da condição de contorno no ultravioleta acima, temos 

sin0(p) —^0 e cos0(p) —> 1, (3.53) 

e, portanto, o primeiro termo de (3.49), a saber. 

2 

3 / 

d^k 

(2;r)^ 
V{p — k) sin0(fc)cos 4>{q), (3.54) 

é convergente no limite ultravioleta. No entanto, dependendo da forma do potencial 

Vc, pode haver divergência no segundo termo da equação de gap. Por exemplo, 

se considerarmos um potencial Coulombiano na forma V{r) ~ — l/r no espaço de 

coordenadas, ou V{q) ~ 1/q^ no espaço dos momentos, a divergência comporta-se 

como 

(3.55) 



Capítulo 3. A QCD no calibre de Coulomb e a quebra dinâmica da simetria quiral 37 

Em geral a equação de gap é divergente no regime ultravioleta para potenciais que 

caem mais fracamente que o potencial de Coulomb. Para quantificar isso, vamos 

considerar um potencial da forma geral dado por V = V{\p — k\^). A expansão de 

Taylor dessa função leva a 

V{\p- fcp) = V(e) - 2 + ■ • •, (3.56) 

O que, inserindo no termo divergente da equação de gap, leva a 

9 r d^k 

3 J p-k sin 4>{p). (3.57) 

Vemos, então, após fazer a integração angular, que o termo possivelmente divergente 

fornece a contribuição 

/ 
d^k^k (3.58) 

Para um potencial que possua um comportamento, no limite ultravioleta, da forma 

lg-oo~ (9^) Q( > 0, (3.59) 

podemos calcular a Eq. (3.58) trivialmente, obtendo o resultado k~^°"'^‘^/{—2a + 2), 

que, dessa forma, exibe uma divergência para a < 1. Isso significa que precisamos 

renormalizar a equação de gap nesse caso. 

Escrevendo 
^ 4 í d^k dV{e) 

^ 9J (27t)3 d{k^) 

vemos que a parte divergente da equação de gap, Eq. (3.57) acima, pode ser colocado 

na forma 

divergência = {Z — l)psm{<f>{p)). (3.61) 

Notamos que essa expressão possui exatamente a forma que aparece no lado esquerdo 

da equação de gap sugerindo, dessa maneira, que a divergência ultravioleta pode ser 

compensada pela introdução na Hamiltoniana de um contra-termo do tipo 

AH = {Z-1) j dW(f)(-za • V)V'(f). (3.62) 

Com uma prescrição desse tipo as divergências ultravioletas podem ser tratadas sem 

ambiguidades. 

Agora, o comportamento ultravioleta das equações para a energia, Eqs. (3.47) e 

(3.48), é finito, dado que para fc —*• oo temos 4>{k) —»• 0. Isso signfica que somente 

precisamos fazer uma única renormalização, a de função de onda. 
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Vamos agora analisar o comportamento infravermelho. Começando com a análise 

da equação de gap vamos considerar, novamente, a equação (3.49). Expandindo o 

termo entre colchetes nesta equação em torno do ponto k = p, ou seja 

sin (p{k) COS (f){p) — p ■ k cos ^{k) sin 4>{p) — {p — k) • p (p'{p) + 0{{p — fc)^), (3.63) 

e, se fizermos a transformação de variáveis, q — p — kuo integrando da equação de 

gap, podemos isolar a possível divergência como sendo na forma 

divergência rsj 
2 í d^k 2n 

3/)■ 
(3.64) 

Dessa forma, para um potencial confinante do tipo V{r) ~ r ou, no espaço de 

momentos, V{q) ~ l/ç'*, este termo toma a forma 

J ^ ^(9^) ~ J ^ ^(9^) ^ J dq (3.65) 

que é finito no limite infra-vermelho. Portanto a equação de gap é não singular 

no limite infra-vermelho. Também é o caso quando consideramos um potencial 

quadraticamente confinante, ou seja, para V{r) ~ r^. 

Por outro lado, a equação para ujg é divergente no infravermelho. Consideremos 

as Eqs. (3.47) e (3.48), que fornecem a energia do quark 

d^k 

(2nr 
Vc(Ip- Ã|) 

sin0(fc) 

COS 0(p) 

2 r d^k sin(^(|p- k\) 

3j cos(j>Íp) 
(3.66) 

A estrutura de divergência no limite infra-vermelho surge quando expandimos a 

função seno em torno do ponto k = p. O termo dominante que representa a parte 

divergente de ujq{p)^ PDo;ç(p), será: 

9 r d^k 
PDugip) ~ íj^^Vcik). (3.67) 

Para Vc{k) ~ 1/A:“, 

~ lí 

Portanto, para a > 3, Ug é divergente no infravermelho. 

A divergência infravermelha é reflexo do confinamento dos quarks, significando 

que eles não podem se propagar assintoticamente. Como veremos a seguir, essa 

divergência infravermelha cancela em estados singletos. No entanto, essa divergência 

causa problemas para sistemas a temperaturas e densidades bariônicas finitas. Esse 

será o assunto da próxima seção. 
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3.4 Quebra dinâmica da simetria quiral a temperaturas e 

densidades bariônicas finitas — formalismo de Schwinger- 

Dyson 

Nessa seção vamos obter a equação de gap dos quarks para temperaturas T e/ou 

densidades bariônicas p diferentes de zero na formulação da Hamiltoniana da QCD 

no calibre de Coulomb. Em analogia com o caso T = 0, a equação de gap pode 

ser obtida através de diferentes métodos. Aqui vamos proceder como no caso para 

T = 0, empregando o formalismo das equações de Schwinger-Dyson. Mais adiante 

na tese, vamos empregar um outro procedimento, baseado em métodos da teoria 

quântica de muitos corpos, que se mostra mais adequado para o caso em que quarks 

estão confinados no interior dos hádrons. O objetivo de empregar métodos diferentes 

é mostrar a generalidade dos resultados, bem como para motivar a dificuldade de 

empregar a formulação baseada nas equações de Schwinger-Dyson para um sistema 

de quarks confinados. 

A partir desse momento vamos modificar um pouco a notação que estamos empre- 

gando. Vamos discretizar o espaço em um reticulado tridimensional de pontos, 

em que o espaçamento entre os pontos desse reticulado é denotado por a. Dessa 

maneira, temos que 

Fazemos esta escolha simplesmente para maior clareza em todos os cálculos que 

serão efetuados a seguir. Nossa derivação seguirá de perto o trabalho da Ref. [29]. 

Aqui vamos generalizar a Hamiltoniana da Ref. [29], em que apenas o termo de 

Coulomb é considerado, incluindo também uma interação de glúons transversos. A 

Hamiltoniana pode ser escrita de maneira compacta como 

onde J“(x) = com T“ = A“/2, e ^ = Vc{x — ^ e D^^{x,'^ 

Como no caso para T = 0, a equação de gap é obtida a partir da equação de 

Schwinger-Dyson na aproximação de Hartree-Fock para a auto-energia S(p) do 

quark. Para tratar o o problema a temperatura finita, vamos empregar o formalismo 

(3.69) 

H = J2 • V + m,)i^{x) + (^> ^ (3-70) 

tem a forma geral 

(3.71) 



Capítulo 3. A QCD no calibre de Coulomb e a quebra dinâmica da simetria quiral 40 

de tempo imaginário [12]. No ensemble grand canônico, temos que a autoenergia é 

dada por 

= -f ^ ^ T T ^ ^ ' n=—oo q 

onde Cp é o operador de Casimir na representação fundamental do grupo SU(N) de 

cor - para SU(3), Cp = 4/3, e como antes, 5(ç) é o propagador do quark 

onde 

9o = + /í, (3.74) 

/X é 0 potencial químico dos quarks, e 

a;„ = (2n+l)^, n = 0, ±1, ±2, ■ • •, (3.75) 

são as frequências de Matsubara e /3 é o inverso da temperatura T. Na expressão 

para E empregamos os fatos que tanto o propagador do glúon como o do quark são 

diagonais nos índices de cor, de maneira que a auto energia E também é diagonal. 

Explicitamente, temos que 

~ 5íS(y)'(7‘')« 

' \ a \ / \ í> \ Ô' 
abxkl 

e, notando que 

= 

A“\ /A*’ 

(3.76) 

obtemos 

(3.77) 

(3.78) 

Notamos que na presente seção deixamos de empregar o subíndice q nas energias 

dos quarks para não sobrecarregar demais a notação. 

O propagador do quark é dado no ensemble grand canônico como 

5-.5^(xxVr) = -Tr[pT,[C(fr)^j(f'r')]' 

- ô'^Sa/3{xx'\TT'), (3.79) 
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onde 

(3.80) 

e Tt representa o ordenamento temporal das variáveis de campo, ou seja, 

= e{T - '"t') - G{t' - (3-81) 

Dessa forma, a expressão para a auto energia do quark dada em (3.72), pode ser 

reescrita na forma: 

onde aqui usamos o fato de termos interações estáticas, ou seja, — q) 

D^‘'{p — õO- Agora temos que efetuar as somas de “Matsubara”, que surgem do 

termo 

na expressão para a auto energia. Uma consequência do fato que as interações são 

estáticas é que a autoenergia S(p) é independente de o;„ e, portanto, as somas sobre 

as frequências na Eq. (3.82) podem ser facilmente executadas. 

No referencial de repouso do banho térmico, a forma mais geral para a auto 

energia E(p) pode ser colocada na seguinte maneira 

em que üp, bp e Cp dependem de |^. Na Eq. (3.72), aparece a transformada de 

Fourier do propagador a tempos iguais. Uma definição conveniente para o progrador 

a tempos iguais é 

(3.83) 

S(p) = ap + ãpp-7 + Cp7°, (3.84) 

Sa0ÍX,x') = ~{[lpa{xT),1pp{x'T')])r^r'- (3.85) 

Fazendo a transformada de Fourier dessa equação, encontraremos 

n 
(3.86) 

pois, partindo da equação (3.85), vemos que 

(3.87) 
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Agora, usando a seguinte transformada de Fourier: 

Sa0{p,T-r') = a^^e-^^^<^-^'^S^0{x,x’) = ^\s^0{p,r>T') + S^0{p,r'>r) 

= — y 
2(3 ^ ' n — 1'v 

+00 
,-ÍLJnÍT-T') 

t>t' 

2 L 

_|_ g-WJ„(T-T') 
r<T. 

Sa0Íp\u)n)- (3.88) 

Definindo as quantidades 

Wp = [a^ + (1 + 6p)V]^^^ Up = p-Cp, //p = 7°Op + (1 + òp)7°p-7, (3.89) 

e usando as Eqs. (3.73) e (3.84), podemos expressar o propagador da seguinte forma: 

S{p\uJn) 
_ {iüJn + t^p)7° + ÍJp7° 

{iüjn + ypf + ojI 

Fazendo uso agora das somas (veja Apêndice A) 

1 (3 
E' 

E' 
,-U^nV 

iUn — X + 1 ’ 

1 0 
iuJn — X + 1 ’ n 

0 propagador toma a seguinte forma 

onde 

n„ = p e0{üjp-up) _|_ I ’ 

1 
n„ - P ~ Q0{Up + Up) _|_ 2^ ’ 

são os números de ocupação para férmions e antiférmions, respectivamente. 

Com estes resultados, a equação de Schwinger-Dyson pode ser escrita como 

(3.90) 

(3.91) 

(3.92) 

(3.93) 

(3.94) 

(3.95) 

c 
ap + bpp-j + j^Cp = -fa^y Dp^{p-^'yP ^(1 - n, - n,)7° - 7°(n, - n,) 7 • 

(3.96) 

Agora, separando as contribuições das partes Coulombiana e de glúons transversais 

da expressão da auto energia acima como 

Dt,u{p- S{^Y = Vc{p-^Y {l-Ug- n,)7° - 7°(n, - n,) 7 
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+ Dij{p-q)Y — (1 - «9 - «9)7° - - rig) 
OJg 

= Vc{p- K + (1 + bg) q- 7] - {ng - n,)7°| 

l ^9 ® 

- K-”9)7°|, 

(p - qf 

(3.97) 

onde 

Fp 1 Típ Tlp. (3.98) 

Cada componente de S(p) pode ser determinada usando as seguintes relações: 

Cp = Íiv[7°E(^], 

bp = -1tv[7-pE(^]. 

Substituindo (3.97) em (3.96) e usando as relações acima obteremos: 

Cp 1 
(Xp — 

2 (an)- 
V{p-q)-2DT{p-q) 

(1 + 69)9 

(3.99) 

(3.100) 

ÜJn 

V{p- ^p-q+ — 
pq 

Cp 1 

(p-9-ç2)(p.^_p2) 

{P- 
Dt{p -9)}(3. 101) 

Cp — 
2 (an)' XI [^(p-'T) + 2^t(p-^ {Ug - Ug). (3.102) 

Por fim, notamos que o fator de Fermi global Fp = 1 — Up — rip, como função de 

T e p, possui os limites a seguir 

F(0,0) = 1, (3.103) 

F{T,0) = tanh{/3ujp/2), (3.104) 

F{0,p) = 9{tJp-Up). (3.105) 

O primeiro limite nos leva aos resultados da seção anterior, fato que pode ser veri- 

ficado facilmente, pois Cp = 0. 

Podemos novamente reexpressar a equação de gap em termos do ângulo quiral 

(j){p). Definindo 

üp = ijpsm(f)p, {1 + bp)p = ujp COS 4>p, (3.106) 
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podemos reescrever a equação de gap como 

psin0p ~ 2 (an)^ ^ qj 
g ^ 

+ 2Vr{p — ^ COS (j)p sin 0, — sin 4>p cos 4>g 
\P- 

Tomando o limite do contínuo, fazendo uso da segunda equação em 3.69, e tomando 

Fg = 1 para T = 0 e // = 0, obtemos a equação de gap da seção anterior (para o 

caso de Vr = 0). Da mesma forma, obtemos para a anergia dos quarks a expressão 

Q j ^ r 
p COS 0p + -^ J^ ^ F, < Vc (p - ç) (sin (j)p sin (pg + cos (pp cos (pgp-q) 

^ ' g ^ 

{qp-q-p){pp-q-q) 
+ 2Vt(p — ^ cos (pp cos (pg — sin (pp sin (pg 

\P- 
, (3.108) 

a qual também colapsa para a expressão da seção anterior no limite contínuo e 

tomando F, = 1. 

Obtivemos, portanto, a equação de gap para os quarks no ensemble gran canônico. 

Uma constatação imediata a partir do resultado acima é que os efeitos deT e p são 

levados em conta pelas distribuições de Fermi-Dirac para quarks e antiquarks des- 

confinados. Essas distribuições aparecem, em última análise, devido às frequências 

de Matsubara na Eq. (3.75) que envolvem a energia dos quarks. Para uma situação 

em que os quarks estão confinados no interior de hádrons, as energias que deveriam 

aparecer são as relacionadas aos quarks confinados. A formulação do problema nessa 

linguagem nos parece altamente não trivial e, por isso, vamos empregar mais adiante 

uma formulação baseada na teoria quântica de muitos corpos que trata explicita- 

mente a presença de estados ligados. Essa formulação é a representação Fock-Tani. 

Um outro problema, muito mais sério, que aparece a temperatura T ^ 0 é que 

a energia dos quarks continua sendo divergente para interações confinantes - como 

pode ser facilmente verificado, pois o fator 1 em Fg continua levando a divergência 

infravermelha. Portanto, as distribuições de Fermi-Dirac não estão bem difinidas 

no infravermelho. A origem do problema não é muito transparente na formulação 

com as equações de Schwinger-Dyson. Conforme explicado na Ref. [27], o problema 

é devido ao fato que de que na formulação termodinâmica do problema não foi 

levado em conta que somente excitações térmicas que respeitem a neutralidade da 

cor devem ser consideradas. Excitações que não são singletos de cor obviamente 

têm energia infinita e isso se manifesta na inconsistência de que nas distribuições 

de Fermi-Dirac aparecem energias divergentes no infravermelho. A solução dada 

na Ref. [27], para o sistema de quarks desconfinados, consiste em levar em conta 



Capitulo 3. A QCD no calibre de Coulomb e a quebra dinâmica da simetria quiraJ 45 

somente excitações termodinâmicas que sejam singleto de cor. A equação de gap 

resultante desse processo é muito complicada e não há registro na literatura de 

que outros autores tenham adotado esse procedimento. Outros estudos [28] têm 

empregado prescrições ad hoc, como empregar nas distribuições de Fermi-Dirac a 

expressão ujp — ujp=Q ao invés de u)p. Na presente tese o problema não vai aparecer 

porque vamos estudar quarks confinados em estados singletos de cor e, portanto, 

naturalmente aparecerão excitações termodinâmicas de estados hadrônicos, as quais 

são singleto de cor. Agora, a formulação do problema nesses termos somente é 

possível com um formalismo que trata explicitamente os estados ligados do problema, 

como é o caso da representação Fock-Tani. 

Para encaminhar a discussão no próximo Capítulo, vamos a seguir reobter a 

equação de gap empregando um formalismo baseado nos métodos tradicionais da 

teoria quãntica de muitos corpos, em que os operadores de campos são expressos 

em operadores de criação e aniquilação de quarks e antiquarks. A partir dessa 

formulação vamos extrair um modelo de quarks constituintes. 

3.5 Equação de gap no vácuo - formalismo de muitos corpos 

Nesta seção vamos rederivar a equação de gap para os quarks no vácuo empregando 

um formalismo de muitos corpos baseado em técnicas de segunda quantização. No 

Capítulo 5 vamos empregar esse formalismo para estudar a quebra da simetria quiral 

num sistema de quarks confinados no interior de hádrons fazendo uso da repre- 

sentação Fock-Tani. 

O ponto de partida é a especificação da Hamiltoniana, a qual, na presente tese é 

dada pela Eq. (3.70). Para o que segue é conveniente escrevê-la numa forma ainda 

mais que esquemática que na Eq. (3.70), a saber 

X x,y 

= Y. K{x) + \ Ç[V^t(^)r“V;^(x)] D^l{x - y) 
X x,y 

= Kip +■ D ■ , (3.109) 
2 

onde 

K = —iã ■ V 4- mo, 

pa ^ D^\x-^ = Vc{S-fj, 

(3.110) 

(3.111) 
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r“ T“ai, D^^{x-y) 
/ X V2 

Vrix-f). (3.112) 

O proximo passo consiste em expandir o campo 'ip em operadores de criação e 

aniquiliação no espaço dos momentos como 

\^Ls(k)qf{k) + vÍ^^{k)q^/^{-k) Ak-x (3.113) 

k^s 

onde os índices c e / são índices de cor e sabor, e a é o índice espinorial de Dirac. 

Os operadores de campo -0 e ■0^ satisfazem as relações de anticomutação a tempos 

iguais 

{0^^(f),0;^'-^'(y)} = = 0. 

Uma escolha conveniente para os espinores u{^a{k) e v^^{k) é a seguinte 

^a(^) — 
 1  / 1 + sin 4>k 

i/2(rTsiri0^ l COS(f)kB ■ k 
Xs 

(3.114) 

(3.115) 

1 

\/2(l + sin 0fc) 

— COS (t)kff ■ k 

1 + sin 
(3.116) 

onde Xs = ~*<^^Xs) ^ Xs ^ um espinor de Pauli, e a função 0 é uma função arbitrária 

do momento, que será determinada por uma equação de gap, como mostraremos no 

que segue. Para o caso de uma partícula de Dirac livre com massa mo, temos que 

sin e COS 4>k são dadas por 

sin 0fe 
mo 

Eo{ky ^ (3-117) 

Usando as formas explícitas dos espinores dados nas Eqs. (3.115) e (3.116), pode- 

se mostrar que as relações de anticomutação da Eq. (3.114) acima implicam nas 

seguintes relações de anticomutação para os operadores q e q 

içr/ikW/^k')} = = •5“' í"' ^7't/ 

{€’(h€’''ik')} = {9:^(fc),9i:'''(í')} = 0. (3.118) 

O próximo passo consiste em escrever a Hamiltoniana numa forma ordenada 

usando ordenamento de Wick - i.e. ordem normal de todas as contrações de Wick. 
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O ordenamento é feito com relação aos operadores de criação e aniquilação de quarks 

q^, e de antiquarks q^, q. Os operadores de aniquilação q e q aniquilam um estado 

de vácuo não perturbativo, o qual denotamos por |0), 

9s^(fc)l0) = ^^(fc)|0) = 0. (3.119) 

É importante notar que esse vácuo não é o vácuo aniquilado por operadores para 

quarks e antiquarks livres de massa mo- A Hamiltoniana ordenada vai ser denotada 

por 

H = Ho + H2 + Hi, (3.120) 

onde Ho é um c-number, a energia do vácuo, H2 contém dois operadores de campo 

ordenados e i/4 contém quatro operadores ordenados. Especificamente, cada um 

desses termos é dado por 

Ho = + 

Ü2 = : : + : -ip^Tip ■ D ■ ■ D ■ :, 

Ü4 = : ■ D ■ : (3.121) 

onde as barras sobre os operadores significam contrações de Wick. Isto é. 

k,k' 

= <5CC'^//' 1 y- 

k 
n 1 

^ik'X—ik'y 

Jh{x-y) 

^ik-(x-y) 
a/3 

k L 

Jk{x-y) 

ik{x—y) (3.122) 

onde foram definidas as quantidades 

Ai(fc)J^^ = = õ 1 1 + sin 0]^ + COS a • ,(3.123) 
2 L J a/3 

= E' a,5 W=2l 
1 — sin(pl/3 — COS (pia ■ k . (3.124) 

a(3 
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Dadas as contrações, podemos então escrever para Hq, H2 e H4 as seguintes ex- 

pressões 

k ^ ^ k' 

Vrik - k') ÔÍ^{k - k') Tr[a’A^(fc)a%{(fc')]} |, 

H2 = f — ZQ • V -I- mf)’ip^{x) : 
X 

+ E ■ E {vó(í- [Ai(r> - A{(í)' 

+ D»[x - y) [q‘ (A{(k) - A'(;E))qí] \i>’(y) 

= 5E'l'‘'*®r;V’íWloS'(í-»)[V’'''(»)rV'(í)|:, (3.125) 
x,V 

onde não indicamos os índices (da representação fundamental) de cor, mas dei- 

xamos indicados os índices de sabor para maior clareza. Nas expressões acima, a 

notação : {operadores) : significa ordem normal (operadores de criação à esquerda 

e aniquilação à direita), e 
.. - 

5l^{k) = . (3.126) 

Também, foi usada a transformada de Fourier dos potenciais Vc e Vr usando a 

definição 

V{k) = a^Yl 
X 

O objetivo de se ter feito o ordenamento de Wick é para se obter parte da Hamil- 

toniana numa forma diagonal nos operadores de criação e aniquilação. Essa parte 

da Hamiltoniana é precisamente IÍ2- Essa técnica foi empregada por Bogoliubov 

para a teoria da supercondutovidade, onde os operadores que aniquilam o vácuo 

não perturbativo são as quase-partículas (estados correlacionados de dois elétrons), 

ou os pares de Cooper - aqui no presente contexto , q e q são os operadores. 

Hi descreve a interação entre as quase-partículas. 

A expressão explícita para Hq não é relevante para a presente tese. Vamos 

então manipular um pouco mais a expressão para H2. Inicialmente, precisamos da 

diferença A+(A:) — A_(fc), que é dada por 

A+{k) — A_(fc) = sin (f)kP + COS <f>kã ■ k. (3.128) 
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Após, substituímos na expressão para H2 a expansão da dada na Eq. (3.113) e 

efetuamos as integrações espaciais. Com isso, H2 pode ser escrita como a soma de 

dois termos, 

H2 = (3.129) 

onde 6 diagonal nos operadores de criação e aniquilação. 

k c,s,/ 

qf{k)qf{k) + fj\k)fj{k) 

(3.130) 

onde (jJq{k) é dado por 

üJk = k COS ^k + sin (f)k 

ydk — ^ ^sin (j)k sin (f)q + cos cos (j>qk ■ 

+ 2Vr{k — õ) cos 4>k cos (f)q — sin <j)k sin (pi 
(^qk • q — k^ (jck ■ q — q^' 

]}■ 
(3.131) 

O termo é conhecido como termo anômalo de Bogoliubov, e deve ser anulado 

para que H2 fique na forma diagonal. Como acima para o termo diagonal, fazendo 

uso das expressões para A± e da expansão da ip dada na Eq. (3.113) e efetuando 

integrações espaciais, obtemos para a expressão 

jj^anom 
= EE 

k cfss' 
{k) q^/\k)fj\k) +h.c. , (3.132) 

onde 

Gss'{k) = u\{k) ^ã-k + (dm^ Vs>{k) 

+ 07—^ '^\Vc{k-^ ul(A:) [sin (pq (3 + cos (pqã • q] Vy(fc) 
3 (anr ^' t 

9 

+ D^^{k — ^u\{k)a'’[sin (pq P + cos (pqã ■ q]cc’vs'{k)'^. (3.133) 

Usando as Eqs. (3.115) e (3.116) para os espinores Us{k) e Vs{k), podemos mostrar 

facilmente que 

ul{k)vs>{k) = 0, 

ul{k) • k + Va{k) = {-mocos(pk + k sincpk) Mas>{k), 

ul(k) (sin (pk' P + cos <pk>dí ■ k' J Vai{k) = (— cos (pk sin pk' 

(3.134) 

(3.135) 
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+ sin </)*; COS k ■ k')Mss>{k), (3.136) 

ul(k)a' ^sin<pk' (3 + cos(j)k'CÍ • oPva>{k) = 2[—cos(j)ksin4>k> 

+ sm (j)k COS (j)k' i^^^k ■ k' — k'‘k'^)]Maa'{k), (3.137) 

onde Mas'{k) = xí • k^ Xy- Também, na última equação acima levamos em conta 

0 fato de que aquela expressão será multiplicada por , que é simétrica nos índices 

1 e j. Com isso, temos que Gas'{k) é dado por 

^ ( 2 1  \ 
Gaa'{k) = A: sin0fc - moCOS0fc +-T—Vc{k - ^ cos (f)k sin (pg 

O [any 

^ 2 1 ^ -» 
+ sin0fcCOS0,A;-ç) + --—^'^2Vr{k - q) 

3 [any ^ 

+ sin (pk COS 0( 
(^qk ■ k — (jck ■ q — q^ 

\k - } 

— cos (pk sin <pg 

Maa'{k). (3.138) 

Portanto, para diagonalizar H2, temos que ter Gaa'{k) = 0, o que implica na equação 

de gap 

k sin (pk = mp cos |~ ^ (cos (pk sin (pg - sin (pk cos (pgk ■ g) 

(^qk • q — k^ (jck ■ q — q^ 
+ 2Vj'{k — ^ COS (pk sin (pg — sin (pk cos (pg 

|fc - 
}(3. 139) 

Portanto obtivemos, com o presente formalismo, os mesmos resultados para a 

energia de um quark Wp e para a equação de gap que aqueles obtidos com o forma- 

lismo das equações de Schwinger-Dyson. Conforme dito acima, o objetivo de termos 

empregado os dois formalismos para obter os mesmos resultados não foi somente 

para mostrar a universalidade do resultado, mas sim para generalizar o formalismo 

para a situação em que os quarks estão confinados no interior de hádrons. Esse 

assunto será discutido no Capítulo 5, após discutirmos a representação Fock-Tani 

no próximo Capítulo. 

Para finalizar a presente seção, para o que vem a seguir, vamos reescrever as ex- 

pressões para o»*, e a equação de gap mudando de variáveis, ao invés de sin ^k e cos (pk 

vamos empregar as funções de massa Mk e de energia Ek dos quarks constituintes, 

definidas como 
Mk k 
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Note a similaridade dessas definições com a Eq. (3.117). Com a definições acima, 

temos que Ek = (A:^ + e que os espinores Us e Vs das Eqs. (3.115) e (3.116) 

podem ser reescritos como 

Uk{k) = 

Vs{k) = 

Ek + Mfc 

2Ek 

Ek + Mk I — 

2Ek l 

1 

Ep-^-Aífc , 

õk 
Ep-\-Aífç 

1 
Xs 

(3.141) 

(3.142) 

Como dito acima, a função Mk é a massa dos quarks constituintes que, no caso do 

modelo de Nambu-Jona-Lasinio ela era independente de k. Em termos dessas novas 

variáveis, a equação de gap pode ser reescrita como 

2 f d^q f - Mk q T 

Mk q {k ■ q- k‘^){k ■ q- 
+ 2KHI*-9l)|^ + 

9 

Eq k kq\k — 

e a energia dos quarks constituintes como 

k"^ + maMk 
= 

+ 

Ek 

'MkMq , 
+ 2VTÍ\k-^) 

MkMq k q 

EkEq Ek Eq^ 

1 {k-q — k^){k-q -q^r 
EkEq EkE, k^q \k-^^ \ 

(3.143) 

(3.144) 

3.6 Um modelo de quarks constituintes 

Antes de considerar a formulação da representação Fock-Tani no próximo Capítulo, 

vamos a seguir discutir um modelo de quarks constituintes inspirado na Hamilto- 

niana da QCD no calibre de Coulomb. Para tal, vamos seguir de muito próximo a 

apresentação feita na tese de doutorado de Victor E. Vizcarra [18]. 

O objetivo é obter um modelo de quarks constituintes para a estrutura e as in- 

terações dos hádrons, tendo como base uma interação microscópica que confina a 

cor e realiza a quebra dinâmica da simetria quiral. Nesse modelo de quarks os 

bárions e mésons a baixas energias de excitação são estados ligados respectiva- 

mente de três quarks e um quark e antiquark com massas de aproximadamente 

300 MeV. Essas massas são geradas pelo fenômeno da quebra dinâmica da simetria 

quiral, pela mesma interação empregada para obter as funções de onda dos bárions 
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e mésons. Uma vez obtidas as massas dos quarks e antiquarks e as funções de onda 

dos hádrons, a repreentação Fock-Tani permite obter uma Hamiltoniana escrita em 

termos de graus de liberdade hadrônicos apenas, a qual descreve as interações entre 

hádrons. É importante ressaltar que essa Hamiltoniana hadrõnica não possui novos 

parâmetros, todas as suas propriedades são geradas a partir do modelo microscópico 

de quarks. 

A equação de gap fornece a função de massa M*,, uma vez especificadas as in- 

terações Vc e Vt- o formalismo de Szczepaniak e Swanson, discutido acima, fornece 

uma expressão para a interação Vc e, em princípio, poderia ser aplicado para obter 

Vt- No entanto, até o momento não foi realizado nenhum estudo para a obtenção 

de Vt- Uma das razões é que o trabalho computacional envolvido para a obtenção 

de um potencial tal é muito pesado. Nem mesmo estudos de QCD na rede têm 

fornecido parametrizações para esse potencial. O que tem sido feito em estudos de 

QCD na rede no gauge de Coulomb, como nas Refs. [43, 44, 45, 46], é apresentar 

resultados para a quantidade definida como [43] 

£>5(fc) = D‘'{k), (3.145) 

sendo Dlj{k) a transformada de Fourier da função de correlação 

-y) = (Af(f, t)Af{y, t)). (3.146) 

Em ordem zero (i.e., sem correções de loops), Atf{k) no formalismo de Szczepaniak 

e Swanson seria dado em termos de um propagador de gluons transversos Aj’(fc) 

como 

kj + Lüj 2ujg{k) ’ 
(3.147) 

onde u>g{k) = k'^ + m^, com rrig sendo a escala de massa gerada no processo de 

renormalização da teoria. Note que a forma de u>g{k) indica que o propagador de 

glúons transversos não diverge para A: —> 0, como é o caso do propagador do gluon 

bare na QCD. Portanto, dada uma parametrização para os resultados numéricos 

para A(A:), poderia-se empregá-la para definir^ Vrik) na aproximação estática (que 

estamos empregando na tese) como VT{k) = ATxa{k) Drik), onde a{k) é a constante 

de acoplamento running, a qual também pode ser obtida em simulações de QCD 

na rede. No entanto, os resultados de QCD na rede diferem muito entre sí, o que 

^Essa é a definição usual de um potencial em termos de um propagador e a constante de 
acoplamento. Por exemplo, o potencial de Yukava para a troca de um méson de massa m é 
dado pelo produto da constante de acoplamento g'^ e o propagador A{k) — l/(fc^ -I- m^), i.e. 

Vyufc(fc) = 9^/{k^ + ni^) = 4na/{k^ + m?). 
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inviabiliza a utilização dessa forma para Vr(k) diretamente. O que pode ser feito 

é postular parametrizações para Vr de maneira que características importantes dos 

estudos na rede sejam incluídas, como o fato de que para limfc_o Ug ^ 0 o propagador 

de gluons transversos não diverge na origem, fato que é corroborado pelas simulação 

existentes [43, 44, 45, 46]. Além de incorporar esses fatos qualitativos, é impor- 

tante que a parametrização seja flexível o suficiente para que não leve a desacordos 

com a fenomenologia quiral. Essa atitude foi tomada nas Ref. [18, 19, 20, 47], a 

saber, o comportamento no ultravioleta de Vr foi tomado igual à interação Vg{k) de 

Szczepaniak e Swanson, e a parte de longo alcance foi tomada como sendo da forma 

de uma interação de Yukawa. Na presente tese, vamos seguir essa mesma atitude e 

escrevemos Vr na forma 

Vrik) = - 
A-Kar 

-I- //2) in-^ + k^/ko) 
(3.148) 

Aqui, ar, Po e t são parâmetros ajustáveis, e os parâmetros X e ko são dados pelo 

comportamento assintótico das soluções com r = 0er = l/2 para Vc de Szczepaniak 

e Swanson. Especificamente, para a solução com r = 0, A = 1.42 e ko = mg, e para a 

solução com r = l/2,A = 3/2efco = ^qcd- Conforme será discutido no Capítulo 6, 

apesar de serem ajustáveis, não há grande liberdade de variação nos parâmetros ar, 

Po e T para observáveis quirais tenham valores aceitáveis fisicamente. 

Para obter as funções de onda dos estados ligados de um hádron vamos empregar 

o método variacional. Isto é, empregamos uma forma Gaussiana para essas funções 

de onda, em que as larguras das Gaussianas são obtidas minimizando o valor espe- 

rado da Hamiltoniana nos estados de um hádron. Para simplificar a apresentação 

das extensas fórmulas, bem como para preparar a notação para o próximo Capítulo, 

inicialmente escrevemos a parte da Hamiltoniana relevante para a obtenção dos 

estados ligados numa notação compacta como 

Hgg = H2 + H4 = T{p) 9+ç^ -I- T{u) qlq,, + ^ Vgg{pv, ap) q^qUpqa (3.149) 

+ \ yqq{p^\ (^p) qIqUpQ<7 + Vqqipi'-, <^P) , (3.150) 

onde os índices p,u,a e p identificam conjuntamente os números quânticos espaciais, 

cor, spin e sabor dos quarks e antiquarks, p = {k,c,s,f}. Está implícita uma 

integral ou soma sobre índices repetidos. As expressões para T{p), Vqq, Vqq e 

são dadas em termos das interações Vc e Vr e dos espinores u{{k) e v{{k), as quais 

serão apresentadas mais a seguir. Em termos dessa notação compacta, as relações 

de anticomutação dos operadores de quark e antiquark dadas na Eq. (3.118) podem 
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ser escritas como 

{QuíQu} ~ ~ 

{ç/i, Qu} = {q,,, ql} = 0. (3.151) 

o estado de um bárion e o estado de um méson são escritos em termos de operadores 

de criação e como 

|a) = Bl|0), (3.152) 

|a) = M'|0), (3.153) 

onde e são os operadores de criação de um bárion e de um méson, escritos 

em termos dos operadores de criação de quarks e antiquarks constituintes como 

= (3-154) 

Aíl = 4'r9Í9l- (3-155) 

Nessas definições, | 0) é o estado de vácuo em que a simetria quiral está quebrada 

dinamicamente, e g ggo as amplitudes no espaço de Fock do bárion 

e do méson, respectivamente. O índice a representa conjuntamente os números 

quânticos espaciais e de spin e sabor do hádron, a = {P, spin, sabor}, onde P é o 

momento do centro de massa do hádron. Empregando as relações de anticomutação 

da Eq. (3.151), obtemos que 

(a I a') = (0 I B^Bl \ 0) = ^ w/42M3 ^ (3 156) 

(a I a') = (01 M^Ml \ 0) = (3.157) 

É conveniente empregar amplitudes ortonomalizadas, i.e. 

(3 158) 

= (3.159) 

Essas amplitudes podem ser escritas como 

fCiC2C3 'T'hhh 
^^1«M3(P^) = S{P^ -h-k2- h) ^p{k,,k2, ks) (3.160) 

e 

$r(^a) = - fcl - k2) cf>{ku k2). (3.161) 
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Nessas expressões, P é o momento do centro-de-massa do hádron, e T„ são coefi- 

cientes de Clebsch-Gordan de spin-sabor, em que I — {s, /} denota conjuntamente 

índices de spin e sabor dos quarks - ver Apêndice B. Da mesma forma (tensor 

de Levi-Civita) e (delta de Kronecker) são os coeficientes de Clebsch-Gordan 

de cor. 

Explicitamente, o ansatz Gaussiano para a amplitude ^2,^3) pode ser 

escrito como 

TT^o:^ 

3/4 
exp -E 

i=l 

[h - P/3)' 

2^2 

e o correspondente ansatz para <f>{ki,k2) é 

onde 

1 \3/2 / jç2 

kj-ei — k\ — M2 k2, 

(3.162) 

(3.163) 

(3.164) 

com 

Ml = 
2Mg 

Ma + M.' 
M2 = 

2M„ 

Ma + Mg 
(3.165) 

Note que a combinação acima de massas e momentos é a definição usual de momento 

relativo para o caso de massas diferentes. Nestas expressões, os parâmetros a e /3 são 

parâmetros variacionais, determinados tais que a massa de um hádron no estado |a) 

Ma = 
{a\{H2 + H,)\a) 

(a|a) 
(3.166) 

Pc.=0 

seja um mínimo em relação ao parâmetro da Gaussiana correspondente. 

Conforme já mencionado, o modelo para a estrutura e interações hadrônicas que 

empregamos nessa tese é um modelo de baixas energias de excitação. Essencialmente 

estamos interessados em estados ligados em seu estado fundamental. Para esses 

estados, as amplitudes íp ecf) são dominadas pelas componentes de baixos momentos, 

pois suas propriedades são determinadas essencialmente pela parte de confinamento 

de Vc{k), a qual é dominada por momentos ç ~ 0 - Vr é importante para a equação 

de gap e as interações entre hádrons. Essa dominância dos momentos baixos nas 

amplitudes ip e (p significa que elas decaem muito rapidamente para altos momentos 

e, portanto, nas integrais envolvendo os espinores Ua{k) e Vs{k), as componentes de 

altos momentos são fortemente suprimidas. Essa observação nos permite fazer uma 

aproximação que, apesar de não ser essencial nem fundamental, nos permite derivar 
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uma grande variedade de resultados analiticamente. A aproximação consiste em 

expandir a função de massa constituinte Mk como 

Mk = M - Mik- M2k^ + 0{k^), (3.167) 

e reter nos espinores Ua{k) e Vs{k) somente termos 0{k'^/M‘^). Isso leva às seguintes 

expressões para os espinores 

(3.168) 

e 
âk 

Vs{k) w (3.169) 

Substituindo estas expressões na expressão para as interações 1,,, Vqq e Vqq 

resultam numa forma como a da Hamiltoniana de Breit da QED, com o potencial 

1/A;^ da QED substituído pelas interações Vc{k) na parte de Coulomb, e Vrik) na 

parte transversa. A interação de Breit contém uma série termos que dependem 

somente do momento transferido q = k^ — k„, termos que dependem dos operadores 

de spin - spin-spin, tensorial e spin-órbita - e termos que dependem do inverso 

do produto das massas dos quarks na forma {q ■ k^){q • ku)!q^M^Mv e 

(fc/í ■ ki,)/q^M^My. Para os objetivos nessa tese, somente os termos dependentes de 

q = kn — ka e spin-spin são relevantes, os outros termos, ou não contribuem porque 

estamos interessados nos estados fundamentais (esfericamente simétricos), ou são 

suprimidos em integrais angulares. 

Nesta aproximação, as massas dos núcleons (m^ = m^) e dos mésons chamosos 

(uc) são dadas respectivamente por 

Md 

/ 

d^q 

(27t)^ 
Vc{q) 

^-q^l2o? _ Mu{q) 

Eu{q) 

mu-\-mc-\- - 1-T^ +T^ 1-T^ 
Mr 

rric 

Mr 

-q'^/413^ _ ^ujq) _ Mç{q) 
EM EM\' 

(3.170) 

(3.171) 

onde explicitamos o sabor dos quarks. Algumas observações são necessárias aqui. 

Inicialmente, é importante notar que a divergência infravermelha devida ao confi- 

namento que está presente tanto na energia de um quark Uk e como na interação 



Capítulo 3. A QCD no calibre de Coulomb e a quebra dinâmica da simetria quiral 57 

quark-quark, cancela exatamente nos integrandos acima, pois para g —0, 

onde o = \/2a^ ou a = 1/4/?^. Uma outra observação é sobre os termos Mg/Eq, 

que vêm dos termos que dependem de Vc e na Eq. (3.144) para a energia de 

um quark. Esses termos não vêm multiplicados pelas amplitudes Gaussianas e, 

portanto, não pode ser expandido como os outros termos que vêm multiplicados 

por essas amplitudes. No entanto, o termo proporcional a Vc pode ser colocado 

na forma simples como aparece nas Eqs. (3.171) e (3.171), mas o termo evolvendo 

Vt não pode ser tratado da mesma forma. Como a contribuição da interação Vt 

não é importante no infravermelho^, ela foi desprezada nas equações para e 

Md- Claramente, toda essa discussão surge simplesmente por causa da expansão 

em baixos momentos, a qual, como dito acima não é essencial, mas simplifica muito 

os cálculos. Por outro lado, esses termos que não vêm multiplicados pelas amplitudes 

Caussianas são irrelevantes para a obtenção de a e /?. Como será visto mais adiante, 

a e /3 é que são os parâmetros realmente importantes tanto para o comportamento 

da quebra dinâmica da simetria quiral no meio hadrônico, como também para as 

interações eftivas hádron-hádron. 

No próximo Capítulo vamos discutir o formalismo da representação Fock-Tani, 

tendo como base a Hamiltoniana da Eq. (3.150) e os estados hadrônicos escritos 

como nas Eqs. (3.153) e (3.153). 

*Em geral, em termos de estrutura hadrônica Vt, é importante para descrever os desdobra- 
mentos hiperfinos dos estados hadrônicos [47]. No entanto, para obter uma massa constituinte da 
ordem de Mk=o = 300 MeV e para as interações hádrons, Vt é importante, como será visto mais 
adiante. 

(3.172) 



Capítulo 4 

O Formalismo da representação Fock-Tani. 

o objetivo do presente Capítulo é revisar o formalismo da representação Fock-Tani 

(RFT). A motivação para o emprego deste formalismo está relacionada com o fato 

de o emprego da teoria quântica de campos (TQC) ser de muito difícil aplicação para 

sistemas de muitas partículas compostas - como a matéria hadrônica. Conforme já 

dito anteriormente, as técnicas usuais da TQC - como funções de Green, ordena- 

mentos normais e contrações de Wick, diagramas de Feynman, etc - estão baseadas 

em operadores de campos que satisfazem relações de comutação ou anticomutação 

canônicas. No entanto, operadores de campos que representam partículas compostas 

não satisfazem relações de comutação canônicas. A idéia geral do método da RFT é 

fazer um mapeamento do espaço de Hilbert físico para um espaço de Hilbert ideal, 

onde as partículas compostas são representadas por operadores de campo ideais que 

obedecem regras de comutação ou anticomutação canônicas. Toda a informação 

sobre a estrutura interna é transferida para uma Hamiltoniana efetiva que envolve 

explicitamente os operadores de campo ideais. A RFT foi inspirada no trabalho 

de S. Tani [48], o qual tratou o problema do espalhamento por um estado ligado. 

O trabalho de Tani foi generalizado por M.D. Girardeau [13] empregando o forma- 

lismo de segunda quantização, tendo em vista aplicações em problemas de Física 

Atômica. A generalização do formalismo para problemas de Física Hadrônica foi 

implementada nas Refs. [14, 15, 16, 17]. 

Nas Seções a seguir vamos revisar o formalismo da RFT. Nossa apresentação 

está fortemente baseada na Ref. [17]. Por motivos didáticos vamos, primeiramente, 

discutir a implementação do formalismo para um sistemas de mésons,.a seguir fare- 

mos a discussão para um sistema formado por bárions e finalizaremos o presente 

capítulo com uma discussão do formalismo da RFT para o caso geral. 

58 
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4.1 Representação Fock-Tani para mésons 

Conforme dito acima, a idéia da RFT está baseada numa troca de representação, de 

tal forma que os operadores associados a hádrons sejam redescritos em termos de 

operadores de hádrons ideais que satisfazem relações de comutação ou anticomutação 

canônicas. Os efeitos relacionadas à estrutura interna dos hádrons são transferidos 

para um Hamiltoniano efetivo. 

A mudança de representação consiste na troca do estado de um méson 

|a) = M^|0) ^ m^|0), (4.1) 

onde é o operador de criação de um méson físico e é o operador de criação de 

um méson ideal. Os operadores de criação e aniquilação ideais e satisfazem, 

por definição relações de comutação canônicas 

[ma,m/3] = = 0, 

= 5ap. (4.2) 

A notação que estamos empregando foi introduzida na Seção 3.6, em que os índices 

a, /3, • • • indicam coletivamente todos os números quânticos necessários para especi- 

ficar o estado de um méson, como a energia e o momento do centro-de-massa do 

méson, e números quânticos de spin e isospin (sabor). A discussão na presente Seção 

será limitada para o caso em que é dado como na Eq. (3.155), i.e. para o caso 

de mésons compostos por um quark e um antiquark. Os operadores de quark e 

antiquark satisfazem as relações de antocomutação canônicas, dadas na Eq. (3.151). 

Para estados como esses, os operadores de criação e aniquilação Mj, e Ma satisfazem 

as seguintes relações de comutação não canônicas 

[Ma,M^] = [MlMl] = 0, 

[Ma, Mp] = Ôa0 — ^a/3, (4-3) 

com 

(4-4) 

onde as amplitudes são ortonormalizadas - Eq. (3.159). Adicionalmente temos 

as relações de comutação 

[Qh, ^oi\ ~ [Qv, Ma\ — 0, 

fc. Ml] = is'"?!, fe, Ml] = (4.5) 
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Precisamente por causa dessas relações de comutação não canônicas é que os métodos 

usuais da TQC não são diretamente aplicáveis aos operadores e Ma- O Aa0 na 

Eq.(4.4) representa a manifestação da natureza composta e da estrutura interna dos 

mésons e é o responsável pelas complicações mencionadas. 

Como dito, a idéia da RFT é mudar de representação, em que os operadores 

de hádrons são redescritos por operadores que satisfazem relações de comutação 

canôncias. A características pricipais da RFT são*: 

1. A transformação é implementada por um operador unitário U, tal que, 

\Çl) |Q) = {/-i|í]), 

O —^ Oft = U~^OU, (4.6) 

em que |Í2) é um estado arbitrário e O é um operador arbitrário, ambas quan- 

tidades expressas em termos de operators de quark e antiquark q, q^,q,q\e |íí) 

e Oft são as quantidades correspondentes na RFT. Uma vez que U é unitário, 

temos que 

(Q|Q) = (Q|Q), 

{Ü\0\Ü) = (Q|Oft|í^). (4.7) 

2. A transformação é definida tal que um estado de um méson |a) é redescrito 

como na Eq. (4.1), i.e. 

Ia)—yU~'^\a) = \a) ^ml\0), (4.8) 

em que os operadores ideais satisfazem a Eq. (4.2). O estado |0) é o estado de 

vácuo tanto dos operadores q e m na RFT - uma definição precisa de |0) será 

dada logo a seguir. Também, na nova representação os operadores q^ e q são 

cinematicamente independentes dos operadores mj, e rUa, i.e. 

[q,i,ma]= [q^„Tnl] =0 . (4.9) 

Compare com a Eq. (4.5). 

3. Um estado de n-mésons, |ai, ■••,«„), construído com pacotes de onda que 

não se superpõem entre sí é transformado num estado de n mésons ideais 

I ^1) ’ * ’ ) ^n). 

|ai,---,an) ^ U~^|ai,---,a„) = |ai, • • ■, «„) = • • • m^^|0). (4.10) 

*Como dito, vamos seguir de perto a discussão da Ref. [17]. 
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Esta propriedade é particularmente importante para espalhamentos méson- 

méson, pois os estados assintóticos não se superpõem. Obviamente, para o caso 

em que as estruturas internas dos mésons se superpõem consideravelmente, a 

Eq. (4.10) não é válida. 

4. Dada a Hamiltoniana em termos de operadores de quark e antiquark, como 

por exemplo na Eq. (3.150), o Hamiltoniano transformado na RFT pode ser 

escrito genericamente como 

H = U~^HU = + VpT. (4.11) 

Aqui, i/pT é a parte não interagente, i.e. ela contém a energia de um quark e 

um antiquark da Hamiltoniana original, e a energia de um méson (que descreve 

a propagação dos mésons no espaço livre). VpT descreve as interações entre os 

mésons e os quarks. A parte de interação entre os quarks e antiquarks em Vft 

não é capaz de ligar essas partículas num méson, a energia de ligação de um 

quark e antiquark num estado de um méson está descrita em H^^- 

A construção do operador unitário U é feita da seguinte maneira. Seja .F o espaço 

de Fock físico, gerado por todas as combinações lineares de estados construídos a 

partir de produtos de operadores e na forma 

(4-12) 

com l e m arbitrários, e |0) é o estado de vácuo definido pela Eq. (3.119). Agora 

introduz-se um outro espaço de Hilbert, independente de ÍF, denotado por H e de- 

nominado de espaço de hádron ideal. O espaço Ti é formado por todas as com- 

binações lineares de estados construídos a partir de produtos de operadores de 

mésons ideais na forma 

•••"i^|0)7i, (4.13) 

onde |0)í< é o estado de vácuo de H, 

'ma\tí)n = 0. (4.14) 

A seguir, defini-se o espaço ideal de estados como sendo o produto direto do espaço 

de Fock ÍF e o espaço de hadron ideal H, i.e. X = IF xH. Como dito acima, os ope- 

radores de quarks e antiquarks e mésons ideais são cinematicamente independentes, 

satisfazendo a Eq. (4.9) em X. As relações de anticomutação da Eq. (3.151) e de 

comutação da Eq. 4.3), definidas inicialmente no espaço T, e aquelas da Eq. (4.2), 
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inicialmente definidas em H, são também válidas em I. O estado de vácuo do espaço 

I é o produto direto dos estados de vácuo de ÍF e H. Para simplificar a notação, 

empregamos o símbolo |0) para denotar o produto 

|0) s |0) X |0)„. (4.15) 

Assim, 0 estado |0) é o estado de vácuo tanto dos operadores de quark e antiquark 

como dos operadores de mésons ideais 

9m|0) = = m„|0) = 0, (4.16) 

em que os operadores de quark e antiquark atuam sobre |0) e os operadores de 

mésons ideais operam sobre |0)h- 

O próximo passo agora é estabelecer uma correpondência um-a-um entre os esta- 

dos de partículas compostas em ÍF e os estados ideais de um subespaço de J. Em I, 

existe um subespaço que é isomórfico^ aF", a saber, o espaço Iq consistindo daqueles 

estados |Q) sem mésons ideais, 

m„lQ) = 0. (4.17) 

O significado disso é que os mésons ideais são modos redundantes em Xo-a Eq. (4.17) 

acima é uma condição de vínculo que deve ser imposta para que não haja dupla 

contagem de graus de liberdade. 

Dadas essas definições um tanto formais, cabe a pergunta: qual é a forma do 

operador U7 Na formulação original [13], U era dado por 

U = exp (-|f) (4.18) 

com 

F = Y,{mÍMa-MÍm:). (4.19) 
a 

Com U nessa forma, pode-se mostrar facilmente que a transformação implementada 

por U possui as características 1) a 4) acima. Note que U atua em T, mas sua 

atuação não está definida em F, pois os graus de liberdade de mésons ideais que 

aparecem no operador F da Eq. (4.19) não estão definidos em F. No entanto, a 

atuação de U está definida sobre estados em Xq, que é isormófico a F. A imagem 

Fyt = U~^Tq de Xo é o subespaço de X que consiste de todos os estados ]Q) na 

nova representação, relacionados aos estados |Q) de Xq através da transformação da 

Eq. (4.6) 

|í)) = 

tisomórfico significa essencialmente o mesmo. 

(4.20) 
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No subespaço ^fti a equação de vínculo da Eq. (4.17) é transformada em 

U~^maU\Cl) — 0. (4.21) 

Com isso, qualquer cálculo no espaço de Fock original é equivalente a um cálculo 

na espaço Fock-Tani IFft, desde que a Eq. (4.21) seja satisfeita. 

Resumindo: a idéia é trabalhar no espaço íFft, onde todos os operadores de 

campo - de quarks, antiquarks e de mésons ideais - satisfazem relações de comutação 

e anticomutação canônicas. O problema fundamental é identificar quais são os es- 

tados relevantes em íFfi para um dado problema em questão. Por exemplo, para 

problemas de espalhamento, em que a matriz S é construída a partir de estados 

assintóticos em que os pacotes de onda das partículas compostas não se superpõem, 

os estados relevantes são como os da E q. (4.10), e obviamente satisfazem a equação 

de vínculo da Eq. (4.17). Da mesma forma, estados da forma 

|Í7) = (4.22) 

também satisfazem a Eq. (4.17). Note que nesse caso, o estado correspondente no 

espaço de Fock T, |Q) = Í7|íi), as funções de onda dos mésons compostos podem 

ter superposição considerável. 

Para efetuar um cálculo na prática, precisamos agora obter os operadores de 

quark na nova representação, i.e. em íFft- Isso é necessário porque os operadores 

tais como a Hamiltoniana, densidades de carga, etc em ÍF são dados em termos dos 

operadores g, q, e e, por isso, é preciso conhecê-los no espaço J-pr, onde os 

cálculos serão efetuados. Ou seja, precisamos calcular 

çft — U ^ qU, çft — U ^ qU. (4.23) 

Em geral, não é possível obter expressões fechadas para çft e çft- No entanto, é 

possível escrevê-las como uma expansão em potências das amplitudes 4»^'' e trun- 

car essa expansão em alguma ordem. Termos de alta ordem levam a forças de 

muitos corpos quando as expansões de çft e çft são substituídos na Hamiltoniana, 

por exemplo. Forças de muitos corpos são importantes em sistemas a altas densi- 

dades, para os quais a superposição entre as partículas compostas é significativa. 

Para sistemas a densidades relativamente baixas, como as que vamos considerar na 

presente tese, o truncamento da expansão da Eq. (4.23) tal que a Hamiltoniana 

contenha somente forças de dois corpos é suficiente. Há diferentes técnicas para cal- 

cular essa expansão, como a de múltiplos-comutadores, em que a exponencial que 

define U é expandida em potências de E, o que resulta numa série de multiplos- 

comutadores [13]. No entanto, essa técnica não é prática quando termos de ordem 
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mais alta na expansão são necessários, como a que é necessária para obter interações 

hádron-hádron que estamos interessados nessa tese. Uma técnica alternativa, mais 

prática e sistemática, é conhecida como técnica das equações de movimento [13, 17]. 

Nessa, para qualquer operador O, define-se 

OpT — exp {—tF) O exp (íF) = 0{t), (4.24) 

em que t é uma parâmetro. Diferenciando a Eq. (4.24) com relação a t, obtem-se 

uma equação de movimento para O, 

^=lO{t),F], (4.26) 

com a condição inicial 

0(0) = 0. (4.26) 

Os operadores transformados são, então, obtidos a partir da solução das Eqs. (4.25) 

e (4.26) para t = —7r/2; 

Oft = U~^0U = 0{-7rl2). (4.27) 

Em particular, para os operadores de quark e antiquark q e q, temos 

^ F] = (4.28) 

^ = lí.(t), F] = í...$r9Í(f)">«(í). (4.29) 

Estas, por sua vez, envolvem ma{t). Portanto, precisamos da equação de movimento 

para ma{t), a qual é obtida da definição de F na Eq. (4.18): 

í!(^ = K(í),F| = M„(í). (4.30) 

Para fechar o sistema de equações, precisa-se ainda da equação para Mq(í), a qual 

é dada por 

= |0„((), F] = - - A„j(í)l m„(í). (4.31) 

Essas equações, juntamente com as equações para os operadores hermiteano-conju- 

gados, são resolvidas iterativamente: partindo de uma aproximação de ordem zero, 

em que todos os efeitos de superposição entre os hádrons é desprezada (i.e. de- 

sprezamos os termos contendo e 4»^*' nas Eqs. (4.28), (4.29) e (4.31)), prossegue- 

se colecionando termos de mesma ordem nas amplitudes e . Escreve-se para 
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cada expansão as séries 

2=1 
OO 

2=1 

9/xW = 
2=1 

OO 

i=l 
(4.32) 

O índice i denota a potência com que aparecem as e $* em cada termo. Para 

obter um critério consistente de contagem de potências [13], as amplitudes 4>a e 

que entram implicitamente na definição do operador M^, Eq. (4.1), não são 

contadas. 

Em ordem zero, temos então as seguintes equações: 

dq^°\t) 
= 0, 

dq^u\t) 

dt dt 

^ 

dt 

= 0, (4.33) 

(4.34) 

(4.35) 

Usando a Eq. (4.26), obtem-se que as soluções dessas equação são dadas por 

qu\t) = Qu, 

mi°)(í) = ma COS t -f Ma sin t, 

(t) = Ma COS t — ma sin t. (4.36) 

A essa ordem, os operadores de mésons compostos se comportam como operadores 

de mésons elementares, pois a transformação de Ma a tem a interpretação de 

uma rotação de tt/2 no espaço T. As equações em primeira ordem são dadas por 

('1.37) 

(4.38) 

(4.39) 

^ = M<«(«). (4.40) 

A partir das Eqs. (4.26) e Eq. (4.32), e usando o fato que a condição inicial já foi 

empregada na solução de ordem zero, obtem-se 

qf{t = 0) = qf{t = 0) = mW(í = 0) = M^\t = 0) = 0, for i > 1. (4.41) 
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Com isso, obtem-se que as soluções em primeira ordem são dadas por 

sin í + Ma (1 - COS í)], (4.42) 

[masiní + Ma (1 - cosí)], (4.43) 

= 0, M^\t) = 0. (4.44) 

Uma dificuldade com esse procedimento iterativo é que as soluções a partir da se- 

gunda ordem dão origem a termos seculares - termos que envolvem polinõmios em 

í - além das funções trigonométricas. Esses termos introduzem problemas, como 

a discrepância post-prior em problemas de espalhamento, i.e. a amplitude de es- 

palhamento não é simétrica quando se troca a ordem das partículas compostas nos 

estados inicial e final. A origem dos termos seculares está na assimetria das equações 

de movimento para ma(í) e Ma(í) dadas pelas Eqs. (4.30) e (4.31): o termo pro- 

porcional a Aa/3 torna as equações assimétricas. Uma das soluções ao problema 

consiste [49] em generalizar o o gerador F como 

F = ^ (m^Oa - Olrria) , (4.45) 
a 

em que o operador Oa é uma função dos operadores de quark e antiquark, escolhido 

de maneira que 

Oa,Oj] =áa/J. (4.46) 

Isso leva a equações simétricas para ma e Oa- 

^ÍÍ^ = K{Í).F1 = 0„(Í), (4.47) 

í!^ = |0„(i),F| = -m„(f), (4.48) 

com soluções dadas por 

ma{t) = Oa sin t -I- ma COS í, (4.49) 

Oa{t) = Oa COS í — ma sin í. (4.50) 

Claramente, os operadores transformados envolvem apenas funções trigonométricas 

de í, como pode ser visto na Ref. [17]. Nessa mesma referência são obtidos explici- 

tamente ordem-a-ordem os operadores Oa- 

Para o que se segue na presente tese, não precisaremos ir adiante na discussão da 

representação Fock-Tani para mésons. Na próxima Seção vamos apresentar os resu- 

tados para um sistema contendo somente bárions. Na Seção 4.2 vamos apresentar 

uma generalização da representação Fock-Tani para estados hadrõnicos genéricos, 

contendo um número arbitrário de constituintes fermiônicos e bosõnicos (como 

glúons). Essa generalização também é necessária para discutir a interação entre 

bárions e mésons, como a interação de núcleons com mésons D. 
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4.1.1 Transformação Fock-Tani para Bárions. 

Da mesma forma que para mésons, a RFT para bárions tem como ponto de partida 

o estado de um bárion em termos de quarks. Na presente Seção, vamos considerar 

o operador de criação de um bárion como dado na Eq. (3.154), com as amplitudes 

no espaço de Fock ortonormalizadas como na Eq. (3.159). Empregando as relações 

de anticomutação dos operadores de quarks, pode-se mostrar facilmente que 

{Ba, BJ} = áa/3 - Aa/3, (4.51) 

com 

(4.52) 

Também pode-se mostrar de maneira muito fácil que 

{9/4, Ba} = 0. (4.53) 

Da mesma forma que no caso de mésons, o operador Aa,g é manifestação da estrutura 

interna dos bárions. A transformação unitária é definida tal que um estado de um 

único bárion composto |a) é transformado em um estado de bárion ideal 

\a) = Bt |0) ^ U-^\a) = \a) = &t^|0), (4.54) 

onde, por definição 

{ba,b/3} = 

(6a,ftJ} = 5a/3. (4.55) 

Como no caso anterior, |0) é o estado de vácuo tanto dos graus de liberdade de 

quarks como dos bárions ideais na nova representação, como também os operadores 

de quark operators e q são cinematicamente independentes dos operadores e 

6a, Í-6. 

{9í4, ba} = {9^2, i^a} = 0 • (4-56) 

o gerador F da transformação unitária é definido como 

f = E (‘«o» - 0ib„). (4.57) 

Para os objetivos do cálculo que será realizado no Capítulo 5 da presente tese, vamos 

precisar dos operadores de quark na nova representação até a segunda ordem nas 
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amplitudes e Em vista dessa necessidade, vamos repetir aqui a derivação 

desses operatores até a ordem desejada. Inicialmente, precisamos do operador Oa, o 

qual é construído, como dito acima iterativamente, tal que ordem a ordem ele deve 

satisfazer 

— 5a0. (4.58) 

Até a segunda ordem, esse operador é dado por 

Oa = Ba + -ÍS.a0B(3. (4.59) 

Com isso, podemos agora obter os operadores de quark na nova representação. 

Inicialmente, temos que as equações de movimento dos operadores ba{t) e Oa(t) 

is 

= [ba(t)>B] = Oa(t), 

= lOa(t),F] = -ba(t), (4.60) 

= Oa sin í + Òq COS í, (4-61) 

= Oa COS t — ba sin t. (4.62) 

são manifestamente simétricas, p 

dbg{t) 

dt 
dOg{t) 

dt 

cujas soluções são 

bg{t) 

Oa{t) 

Por outro lado, a equação de movimento para os operadores de quark, até a segunda 

ordem, é dada por 

- B\{t)ql^{t)q^^{t)q^^{t)b0{t)] . (4.63) 

Em ordem zero, que consiste em desprezar todas as potências de essa equação 

torna-se 

dqPjt) ^ Q 
dt 

Usando a condição inicial q^(0) = q^, encontra-se 

(4.64) 

(4.65) 
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A equação de primeira ordem é obtida a partir da Eq. (4.63) desprezando as con- 

tribuições com potências em maiores que a unidade, i.e. 

A solução dessa equação é dada por 

(4.66) 

qÍ!\í) = -y ft/jsiní + 5/3(1 - cosí) 

A equação de segunda ordem, seguindo o mesmo procedimento, é dada por 

.(2) 

(4.67) 

^ = -vf*r"[ew«íy'(t)+9í«(í)9r(*)]Cw 

- Bf >(í)9<?(<)6g”(í) 

2^ ^ 

(4.68) 

A integração dessa leva à solução 

_ 6tg^^B^sinícosí-t-6)^g^3Ò^sin^í 

1 1 
-I- — COS t — - sin^ í) + 2B^q^^bf}{sin t — - sint cos í) 

- b\ql^q^,2%3B|3 sin í cos í -|- h\ql^qf,^q^,^hp sin^ í 2 ^ 

+25+9^2 9^35/3(1 - cosí - i sin^ í) 

+25+9+2ç^2Ç^3Ò/3(sin^ ^ (4.69) 

Esses resultados são suficientes para as necessidades do Capítulo 5. Ao final, para 

obter os operadores transformados, precisamos tomar í = —tt/2. 

As derivações nas duas últimas Seções são adequadas quando se trata sistemas 

contendo ou somente mésons, ou somente bárions. Para o caso em que tanto mésons 

quanto bárions estejam presentes no sistema, como é o caso da interação de núcleons 

com mésons 5, que será objeto de nossa consideração no Capítulo 6, vamos precisar 

generalizar o gerador F. Isso será feito na próxima Seção. 

4.2 Transformação Fock-Tani generalizada 

A transformação generalizada [50] é para estados hadrônicos no espaço de Fock físico 

F escritos como 

|q> = .4^10) (4.70) 
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onde o operador de criação é dado em termos de operadores de criação de quark 

q\ antiquark e glúons como 

1/1... Z/n j CT1... <Tn 
gU ■■g t 

TlqTl^Tlg 
(4.71) 

onde <í> é a componente da amplitude no espaço de Fock com Ug quarks, n, anti- 

quarks e rig glúons. Como sempre, as amplitudes $ são tomadas ortonormalizadas 

e antisimétricas nos índices de quark e antiquark e simétricas nos índices de glúons. 

Como antes, a convenção de soma implícita sobre índices repetidos está sendo usada. 

Isso significa que o operador cria um estado hadrônico genérico, podendo 

ser um bárion, ou um méson, ou ainda um estado exótico, i.e. contendo glúons 

constituintes. E importante notar que o estado hadrônico não é composto por uma 

única amplitude no espaço de Fock como nos estados hadrônicos considerados na 

duas Seções anteriores, mas sim por uma soma de amplitudes com diferentes números 

de constituintes. Exemplos são os seguintes [15] 

1 At — „t + qÍ q+ flt õt (4.72) 

e 

= + (4-73) 

Na Ref. [15] foram considerados operadores de mésons exóticos, como o da Eq. (4.73). 

Na presente tese não vamos empregar nenhum operador desse tipo, mas quando 

mésons e bárions ordinários - como os que temos tratado até o momento - estão 

presentes, o gerador F precisa ser generalizado para levar em conta que os operadores 

de quark transformados na nova representação devem levar em conta os estados de 

mésons e bárions no sistema. 

Para simplificar a notação para os comutadores ou anticomutadores dos opera- 

dores hadrônicos, a Ref. [50] empregou a notação de produtos de Lie [51], i.e. um 

comutador ou anticomutador de dois operadores A e B é denotado por 

f 

A-B = < 

[yl, B] = AB- BA para A e B bosônicos. 

{A, B} = AB + BA para A e B fermiônicos. 

(4.74) 

Em termos desse produto de Lie, os operadores de criação e aniquilação e ^ de 

hádrons satisfazem 

A(ji‘A^f ^aoc* 4” C(x Aa ■ Aa' = Al ■ Al = 0, (4.75) 
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Aqui, os operadores Caa' são os equivalentes aos Aa/s das Seções anteriores e, como 

lá, refletem a estrutura interna dos hádrons. Em geral, Caa' pode ser decomposto 

como 

+ C-„, , (4.76) 

onde as componentes e C~^, são deflnidas implicitamente pelas seguintes 

propriedades de simetria e propriedades de aniquilação do estado de vácuo: 

(CL.)* = cs.„, (CL)' = c-.„, (c„-„.)' = CL 

CL|0>= C-,.,|0>= 0. CL|0>/ 0. (4.77) 

Essas propriedades seguem-se do comportamento do produto de Lie sob conjugação 

Hermiteana e do fato que as diferentes componentes de Fock no operador Aj, contêm 

diferentes números de partículas. A construção do espaço ideal de hádron segue-se 

como antes, i.e. introduzimos o espaço ideal de hádron 7í com graus de liberdade 

descritos por operadores de hádrons ideais e oj, que, por definição, satisfazem 

* í^a' — ^otoc^ 1 ^ot ' — ^a ' ^ot' — 

Esses operadores (anti)comutam com os operadores de quarks, antiquarks e glúons. 

A seguir, deflne-se o produto direto áe ÍF eH'. T y-Tí = X. Introduz-se um estado 

de vácuo |0) que é o produto dos vácuos de .F e de A condição de vínculo é, 

como antes, tal que os estados físicos \ip) devem satisfazer a condição 

OalV*) = 0, (4.79) 

a qual garante que os estados permitidos constituem um subespaço isomórfico ao 

espaço de Fock original. 

A transformação unitária U é deflnida, como nos casos anteriores, de maneira que 

os estados de um hádron |ci) = Aj,|0) são transformados em um estado de hádron 

ideal |a) = a^|0): 

\a) = U\a), \a) = U~'^\a) = U^\a) . (4.80) 

Os elementos de matriz no espaço de Fock de qualquer operador O entre estados \%p) 

e IV^') são iguais aos do operador transformado U~^OU entre os estados \ip) e |V>'). 

Como na Ref. [50], definindo 

U~^aaU = Da, (4-81) 

a condição de vínculo da Eq. (4.79) é transformada na nova representação em 

Dali’) = 0. (4.82) 
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O operador U é da mesma forma que nos casos anteriores, a saber 

í/ = exp (-|f) . (4.83) 

onde F é um produto de operadores de quark, antiquark, gluon e hádrons ideais em 

ordem normal, 

Reiteramos que estamos usando a convenção que há uma soma implícita sobre índices 

repetidos. A construção de Oa segue o mesmo procedimento iterativo que o das 

seções anteriores. Até a terceira ordem nas amplitudes de Fock o operador O a 

é dado por [50]: 

Para os propósitos de construir uma interação efetiva méson-bárion somente é ne- 

cessário o operador Oa até essa ordem. 

Para obter os operadores q e q na nova representação, no caso em que os ope- 

radores de bárions compostos e mésons compostos são dados como nas 

Eqs. (3.154) e (3.155), é mais prático [52] separar o gerador F como 

F = a^Oa - (4.84) 

onde os operadores Oa são tais que 

(4.85) 

Aa". 

(4.86) 

F = Fb + Fm, (4.87) 

com 

onde 

(4.89) 

e 

O^ = 

(4.90) 
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A partir daqui, apesar de trabalhoso, não é difícil derivar as equações de movimento 

para q e q - não vamos reproduzí-las aqui para não tornar a apresentação muito 

massante; expressões explícitas podem ser obtidas na Ref. [52]. De posse dos ope- 

radores de quark transformados, pode-se obter a interação efetiva bárion-méson na 

nova representação. Para uma interação microscópica como a que estamos empre- 

gando nessa tese, dada na Eq. (3.150), a interação bárion-méson pode ser escrita 

como [52, 53] 
4 

Vbm = (4.91) 
i=l 

onde 

(a/5;«'/?') 

V2Ía(3-a'(3') 

Vs{af3-a'(3') 

V4Íaf3-a'P') 

- 3 

-6 (4.92) 

A expressão acima é idêntica à obtida através do Resonating Group Method, 

método que foi empregado nas Refs. [54, 55, 18]. Isso significa que para os propósitos 

de derivar uma interação bárion-méson somente, a representação Fock-Tani não é 

estritamente necessária. No entanto, é importante notar que a relevância desse 

formalismo está precisamente na possibilidade de estudar essa interação efetiva con- 

juntamente com as propriedades de um sistema hadrónico a temperaturas e densi- 

dades bariõnicas finitas, como será visto no próximo Capítulo. Uma situação tal não 

poderia ser estudada com o resonating group method, pois esse método é eficiente 

somente para sistemas duas partículas compostas, principalmente para estados de 

espalhamento. 



Capítulo 5 

Simetria quiral na matéria hadrônica 

Este é um dos Capítulos centrais desta tese, onde vamos desenvolver um formalismo 

para estudar a simetria quiral na matéria hadrônica a temperatura e densidade 

bariônica finitas. No Capítulo 3 o problema de efeitos de temperatura e densidade 

finitas foi formulado para um sistema de quarks desconfinados. Como mencionado 

lá, um sistema de quarks desconfinados provavelmente existe no interior de estrelas 

superdensas. Também, na região central de uma colisão de íons pesados a altas 

energias, espera-se a formação de um estado em que os quarks e glúons estejam des- 

confinados. A existência de um estado de tal natureza, se realmente for produzido 

nestas colisões, certamente tem um tempo de vida muito curto. Esta matéria al- 

tamente excitada se expandirá e, consequentemente, se resfriará e os quarks não 

permanecerão livres, mas sim confinados em hádrons. Estes hádrons estarão su- 

jeitos a temperaturas e densidades moderadas, mas com suas propriedades - como 

massas, tamanhos e suas interações com outros hádrons - provavelmente alteradas. 

Obviamente, estas modificações são resultado das alterações nas propriedades dos 

quarks no interior destes hádrons. Como foi visto no Capítulo 3, as propriedades 

dos quarks constituintes são sensíveis a efeitos de temperatura e densidade. Como 

as propriedades dos hádrons são determinadas por estes quarks e suas interações, 

parece razoável esperar mudanças em suas propriedades. 

A grande dificuldade para tratar este problema da mudança nas propriedades 

hadrônicas, no entanto, como já mencionado várias vezes nesta tese, é que os 

métodos tradicionais da teoria quântica de campos, como aquele empregado no 

Capítulo 3, são adequados para sistemas de partículas “elementares”. Isto é, aqueles 

métodos fazem uso de campos que satisfazem regras de (anti) comutação canônicas. 

Mas, como vimos, operadores de campos para partículas compostas, como os há- 

drons, não satisfazem estas regras canônicas. E precisamente neste ponto que propo- 

mos o emprego da representação Fock-Tani para tratar este problema. No entanto, 

como vimos no Capítulo 4, a aplicação desta representação requer um formalismo 

74 
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em termos de operadores de criação e aniquilação e, portanto, o tratamento em- 

pregado no Capítulo 3, baseado nas equações integrais de Schwinger-Dyson, não é 

adequado. No entanto, o formalismo discutido na Seção 3.5, empregado em con- 

junção com a representação Fock-Tani, permite tratar a situação em discussão, a de 

quarks confinados em hádrons. 

5.1 Equação de gap para quarks confinados 

Nessa Seção vamos obter a equação de gap para temperatura e densidades finitas 

para um sistema em que os quarks estão confinados em hádrons. Vamos seguir os 

mesmos passos que os empregados na Seção 3.5, mas generalizando o formalismo 

para um sistema genérico a temperatura e densidades finitas. Isso implicará numa 

certa repetição de fórmulas e argumentos que, no entanto, julgamos necessária para 

clareza de apresentação. Como vimos na Seção 3.5, o ponto de partida é o emprego 

da técnica de contração de Wick na Hamiltoniana do modelo. O termo da Hamilto- 

niana contraída que contém as excitações elementares do sistema e leva à equação 

de gap é H2, o qual é dado, em detalhe, como 

H2 = (-•« ■ V+/3m„) v‘(í) + X E ^'“'(1* - (r;)L 

X {c'(í) </’?•(!/)-</>"*(») 

x,y 

onde as quantidades F e D foram definidas na Eq. (3.112). Por simplicidade de 

apresentação, estamos omitindo os índices de sabor. Os operadores de campo são 

expandidos em termos de operadores de criação e aniquilação de quarks e antiquarks 

constituintes no espaço dos momentos como na Eq. (3.113), 

Akx (5.2) 

k,s 

Com isto, podemos escrever 

k,k’ 

+ v„(k)vl,,{Í^) {a\qÍ<{kWi^m 
^ikx—ik'y (5.3) 
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onde |Q) é um estado de muitos quarks e antiquarks (confinados em hádrons ou não 

confinados). Temos, portanto, 

{!í|<ri(%?*(*')|íi) = {1 - (5.4) 

(Ü|9Í'(í)S“(fc')|ü) = (5.5) 

onde Uk e ük são as distribuições de quarks e antiquarks no meio - omitimos o índice 

de cor nessas distribuições. Então, temos que a contração acima pode ser escrita 

como 

ÍÍÍ(í)i/>"'(!ÍI = í4"'Í^{[a+(Í) 
/ i- k L J Ocfj 

k 

(l-nfc)+ A_(fc) 
- a/3 

rik>e ik-{x-y) (5.6) 

onde, empregando as formas explícitas para os espinores Uc,s(fc) e Va,s{k) dadas 

respectivamente nas Eqs. (3.115) e (3.116), as quais repetimos aqui por completeza 

= E u, ^{k) = ^ 1 + COS (f){k) P + sin (f){k) a ■ k ,(5.7) 
' À \- J a(5 

1 r, 

8 
\ — COS (j){k) P — sm (j){k) a ■ k . (5.8) 

. a(3 

Da mesma forma, temos que 

[A+(fc) Uk + A_(^)]^^(l-nfc)}e‘"(" -ÍT) (5.9) 

Substituindo estas expressões para as contrações na Eq. (5.1) e fazendo uso das 

deltas de Kronecker, obtemos para H2 

H2 = Y1 ^+'5™») '''‘(í) + 5;^ E E - !?i) (r;)L 
^ k ^<y 

X i,»(x) {[A+(fc)]„^ (1 - 2nt) - [h-(k)\,i, (1 - 2flt)} VJ(Í) £“■<*-». (5.10) 

Usando agora as Eqs. (3.123) e (3.124) nessa equação, obtemos 

= E • (-i“ • V+/3m„) v-‘(f): +I3 E E ^'“'(1* - »i) (r;)L 2 
k ^<y 

X : V'a(x)|-(ufc - rifc) 

+ (1 — n;t — fifc) sin 0(/s)/?-f-COS ^(A:) o; ■ fcj |V'^/(;r) : (5.11) 

Como vimos na Seção 3.5, ao substituir as expansões de ip na expressão acima, 

obtemos termos proporcionais a q^q, q^q, q^q^, e qq. Enquanto os dois primeiros 
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termos são diagonais nos operadores de criação e aniquilação, os dois últimos não 

são diagonais - o termo anômalo de Bogoliubov. Tudo agora prossegue como an- 

teriormente. A diferença com relação à Seção 3.5 são os termos que envolvem as 

distribuições de quarks e antiquarks, nfc e n^. É importante notar que essas dis- 

tribuições não necessariamente correspondem a quarks desconfinados, elas foram 

definidas de maneira geral nas Eqs. (5.4) e (5.5), em que o estado |í]) é um estado 

genérico de muitos quarks (confinados ou não confinados em hádrons). 

Anulando o termo anômalo de Bogoliubov, obtemos a equação de gap, dada 

explicitamente por 

k sin (j)k - ruQ cos ^ / ^3 '^Fq\vc{k - ^ ^cos 4>k sin (f)q - sin (j)k cos (j)qk ■ çj 

(^qk ■ q — k'^ (jck ■ q — 
-f 2Vr(fc — ^ cos (f)k sin (j)q — sin <f)k cos 4>q }, (5. 12) 

e H2 fica na forma diagonal. 

j^diag 

k c,s,/ 
(5.13) 

com ujq{k) agora envolvendo o fator Fq, 

— 

+ 

+ 

k cos -f mo sin 0*, 

2 1 

3 {any 

2VTÍk - 9) 

^ -Eg i Vc{k - ^ ^sin sin 4>q + cos (j)k cos (pqk- q^ 

(^qk ■ q — k'^ (jck ■ q — q^ 
cos 4>k cos (f)q — sin <f>k sin <pq 14) 

Esse fator de Fermi Fk também entra no cálculo do condensado de quarks 

{Q,\7p{x)'ip{x)\Q,) no meio hadrônico, o qual, empregando a Eq. (5.2) para o ope- 

rador de campo, é dado por 

{n\'^{x)^{x)\n) 
1 

{any E ^ E [1 - (Í)S(*)I«> - (Sílíf (fc)9Í(í)|í2) 
k C,5 

d^k Mk 

(27t)3 Ek' 
(5.15) 

Como vemos, chegamos a estas equações sem especificar o estado de muitas 

partículas |íl). Toda a informação sobre este estado está contida na função Fk, que 
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depende das distribuições de quarks e antiquarks e üfc no meio. Obviamente, 

quando |Q) é o estado de vácuo, n*, = n*, = 0, F*, = 1 e obtemos as conhecidas 

equações no vácuo. Para um sistema de quarks e antiquarks em que o termo H4 do 

Hamiltoniano não é considerado, Uk e üfc são as distribuições de Fermi-Dirac para 

quarks e antiquarks, dadas por 

nk 

nk 

1 
g/3(£fc-M) -I- 1 ’ 

1 
Ql3{ek+ti) \ ' 

(5.16) 

(5.17) 

Para um sistema de quarks e antiquarks confinados em hádrons, as distribuições 

de quark devem refietir a estrutura interna dos hádrons. Através da representação 

Fock-Tani, é possível obter estas distribuições de maneira elegante e transparente. 

5.2 Distribuições de quarks e antiquarks confinados na ma- 

téria hadrônica 

Nesta seção vamos obter a equação de gap num meio quente e denso em que os 

quarks e antiquarks se encontram confinados no interior de núcleons e antinúcleons. 

Para tal, é necessário obter as distribuições n*, e üfc. Estas serão obtidas usando a 

representação Fock-Tani. Vamos começar discutindo a densidade de quarks n^. A 

distribuição de antiquarks n*, pode ser obtida trivialmente de Uk pela troca do sinal 

do potencial químico associado ao número bariônico. 

Vamos começar então considerando o elemento de matriz 

(fllçtg,|Q), (5.18) 

onde p, como dito anteriormente, representa todos os números quânticos do quark, 

p = {Cfj,, Para calcular este elemento de matriz vamos fazer uso da trans- 

formação de Fock-Tani, 

(Qlç+ç^lQ) = {íl\UU-^qlUU-\MU-^\fl) 

= {n\ql^^qr\Q). (5.19) 

onde os operadores de quarks e o estado |Q) estão no espaço de estados Tft- Para 

um meio contendo somente quarks confinados, temos que 

q^\Çl) = Bc\n) = 0. (5.20) 
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Na representação Fock-Tani, as quantidades físicas são obtidas como uma ex- 

pansão em série de potências das amplitudes de estados ligados Para a dis- 

tribuição de quarks n^, a ordem mais baixa numa expansão tal é Portanto, 

precisamos, em princípio, considerar a expansão dos operadores e até se- 

gunda ordem 

JFT 
9't:' = 9?°^ + 

Cada um dos termos nesta expansão é dado por 

% 

t(2) + 

(5.21) 

(5.22) 

qio) 

ç(l) •í/i 

gt(l) 

q{2) 
'dfi 

çt(2) 
Hfj, 

= \/|«r'‘’9Í.9Í.(''. - BJ. (5.23) 

(5.24) 

1^2 M = - 2B\qM - 

X {b\qUq^l2Q^^3h + BlqUqt,^q^,3B0-2B\ql^q^,^q^^b0) , (5.25) 

= - 26j,J.B,) - 

X ■ (5,26) 

Com estas expressões, obtemos então que a expansão para a densidade de quarks 

até a segunda ordem é dada por, 

(í^kr^rií^) - (íí| + • ■ •) (çf + + • ■ •) |í^) 

= (Íl|çt(i)ga)|í7). (5.27) 

Todas as outras combinações com z 7^ 1 e j ^ 1 são zero, devido a Eq. (5.20). 

Substituindo as expressões para e dadas pelas Eqs. (5.23) e (5.24) na ex- 

pressão (5.27) para n^, obtemos 

(S)|,«'>9<')|n) = (f-i - Bi) fe9«9Í,?I, (h - Bf) |!í) 

= (5.28) 
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onde nsia) é a distribuição de bárions no estado |Í2), 

ns(a) = 

Portanto, obtemos para a distribuição de quarks a expressão 

n(/i) = 

(5.29) 

(5.30) 

onde, para maior clareza, mostramos explicitamente a soma sobre o índice a. Deve 

ficar claro que nesta equação não há uma soma sobre o índice p. 

Para prosseguir, precisamos das í^’s acima, que são as amplitudes de Fock em- 

pregadas na definição da transformação unitária da representação Fock Tani. Para 

o modelo que apresentamos na Seção 3.6, a é dada pela Eq. (3.160), a qual pode 

também ser escrita como 

-k,-k2- h), (5.31) 

onde 

0(fc) = 
7TQ" 

3/4 

e N{Pa) é um fator de normalização dado por 

N{P) = (37ra2)3/^e^'/®“'. 

(5.32) 

(5.33) 

Notamos que essa é a mesma função que a dada na Eq. (3.160), ela foi escrita nessa 

forma por conveniência para o que segue. Precisamos escrever o produto das funções 

de onda ^’s, como aparece na Eq.(5.28), dessa forma utilizando a Eq.(5.31) acima, 

teremos explicitamente, 

7V'2('p ') 
ny*/i/i2/i3vI/‘^M2/i3 _ V-* CuC2C3-Cl/C2C3p*/u/2/3p/i//2/3 
^ oc 3!18 ^ ^ 

X 4>^fy4>*{k2)<j>*{k3)ô{P^ -k^-k2- h) 

X 0(fc^)0(fc2)0(^)á(.Pa -ku-k2- ks). (5.34) 

Lembrando da convenção de soma sob índices repetidos discretos e integração sob 

índices contínuos a expressão acima pode ser escrita na forma. 

^ gC)3C2C3gCi/C2C3 Ji*//i/2/3 J'/i//2/3 

C2C3 I2I3 

X \(l>ik^)\^\5{k^ - k^) J cfk2(fk3\(l){k2)\‘^\(l){k3)f 
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X ô{Pa -kf,-k2- 4) 

C2C3 hh 

X |0(4)P J d%|0(fc2)P |<^(Pa - - fc2)r (5.35) 

Agora, lembrando que 

^ ^ gC<jC2C3gCi/C2C3 _ (5.36) 
C2C3 

e, usando o fato que para matéria de núcleons simétrica, i.e. igual número de prótons 

e nêutrons, 

EE T*i.hhTy-h = lSSj^j^, (5.37) 
a I2I3 

teremos, empregando as funções Gaussianas para <f){k) descritas na seção (3.6) e 

integrando na variável /c2, obtemos o seguinte resultado 

^♦íiíi2M ^ W2M3 _ _ 
3 

( ^ -3{k^-Pa/3f/2a^ 
V27ra2 J 

(5.38) 

Com esse resultado, temos que a distribuição de quarks de uma dada cor e um dado 

sabor no meio hadrônico é dada por 

nk (5.39) 

Para um meio em equilíbrio térmico, tibÍP) é a distribuição de Fermi-Dirac 

onde Ep é a energia dos núcleons no meio e /xs é o potencial químico bariônico de 

núcleons. 

A distribuição de antiquarks üfc é obtida de dada na Eq. (5.39) substituindo 

Pb por ~Pb- Com isso, temos então que o fator de Fermi Fk{pB,T) é dado por 

Fk{T,pB) = 1 - ^ j dPP e-3(fc-^/3)V2a^ [riB{P) + rÍB(P)], (5.41) 

onde 

Os limites de Fk em função de T e /x, similares aos da Eq. (3.105), são os seguintes. 

Para T = 0 e pb = 0, temos ubÍP) = 0 e ubÍP) = 0 e, portanto. 

i"fc(0,0) = l. (5.43) 
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que leva ao resultado do vácuo. Para pb = 0, obtemos 

Fk{T,0) 1 - ^3p g-3(fc-P/3)2/2a2 2 
qPEp _|_ I • (5.44) 

Por fim, para T = 0 temos que ub^P) = 0 e tib{P) — d{Epp — Ep), onde Epp é 

a energia de Fermi dada em termos do momento de Fermi Pp como Epp = {Pp + 

MjfYP, e, portanto 

Fk{0,PB) = 1- (^) ' J d^P 9{Epp - Ep) 

/ o \ 3/2 !<Pp ^ _ 
= 1-í^j J rf3p g-3(fc-P/3) W (5.45) 

Para calcular explicitamente Fk para T e pb finitos, é necessário obter o parâmetro 

a e a massa do núcleon no meio. Para o caso de temperatura T = 0, para 

0 qual obteremos resultados numéricos explícitos no próximo Capítulo, somente é 

necessário o parâmetro a, o qual parametriza as amplitudes no espaço de Fock que 

são empregadas na definição da transformação unitária da representação Fock-Tani. 

Conforme mencionado anteriormente, há um limite de validade para a aplicação da 

presente fórmula para Fk, que depende do tamanho dos núcleons e da densidade 

bariônica do meio. Esse limite é tal que o tamanho dos núcleons não pode ser muito 

grande para que a individualidade dos núcleons não seja perdida. Isto é, os núcleons 

não podem se sobrepor apreciavelmente no meio nuclear, senão a aproximação de 

núcleons independentes não seria válida. 

Como será visto no próximo Capítulo, o parâmetro o; é o inverso do raio quadrá- 

tico médio da distribuição de matéria bariônica no núcleon, vb = \/(Õb- Portanto, 

para que a aproximação de núcleons independentes seja válida, temos que ter 

< 1. (5.46) 

Nessa, 47rr|/3 é o volume do núcleon e pb é o número de núcleons por unidade de 

volume. Portanto, a desigualdade acima diz que para que tenhamos um sistema de 

núcleons independentes é que sobre o volume de um núcleon somente podemos ter 

um núcleon. Obviamente essa relação não significa que não há superposição entre 

as funções de onda dos núcleons no meio, mas sim que em média, no sentido de 

localização quântica, não há superposição apreciável entre as funções de onda. Esse 

limite de aplicabilidade de um modelo de partículas independentes e o tamanho 

dos núcleons foi estudado há algum tempo no contexto da validade do modelo de 

camadas nuclear [56, 57]. 
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A densidade bariônica da matéria nuclear é pb — 0.17 fm“^. O momento de 

Fermi Pp está relacionado a pB como pb = 2P|./37r^, o que leva a Pp = 1.36 fm“\ 

Portanto, a desigualdade da Eq. (5.46) implica que 

vbPf < 

Pp = 1.36 fm“^ -> Tb = - < 1.12 fm a > 180 MeV. (5.47) 
a 

Dessa discussão vemos que o tamanho do núcleon desempenha um papel impor- 

tante na fenomenologia da simetria quiral no meio nuclear. Para finalizar o presente 

Capítulo, na próxima seção vamos apresentar, por completeza, a derivação do fator 

de forma bariônico do núcleon, a partir do qual pode-se extrair o raio quadrático 

médio da distribuição da matéria bariônica no núcleon. 

5.3 Fator de forma bariônico do núcleon 

A partir do fator de forma de um hádron é possível obter o raio quadrático médio 

desse hádron, i/(r^). Por exemplo, a partir do fator de forma bariônico Fb(ç^), 

temos 

{r^)i -6 
dPBiq^) 

dq^ g2=0 

sendo o fator de forma é definido através de 

(5.48) 

- P„ - 9)Fb(9") = í éxé1‘ (ít|pB(f)|P„), (5.49) 

onde 

(itlfe(í)|P<.) = i (5.50) 
C,/ 

Usando a invariância translacional, obtemos 

j d^xé^^PXPB{x)\P^) = 

= {2Ffô{q- P^ + P;)(P;|pb(0)|P«). (5.51) 

Agora, empregando a expansão dos operadores de campo em termos de operadores 

de criação e aniquilação (tomado o limite do contínuo), obtemos para o modelo de 

núcleon que estamos empregando, em que os estados |Pq) são estados ligados de 

três quarks e os espinores são dados por suas expressões de baixos momentos das 

Eqs. (3.168) e (3.169), a seguinte expressão para o elemento de matriz acima 

(p'I(íb(o)|p.) = iEE/v|^“í'(ri>‘í(fc){F;i9?'(í')9?(Ã)ia> 
c/ s,s' ^ ^ 
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(27t)^ 
1 - 

8M2 )/' 
d^k d^k' d^k2 d^ks 5{P' - k' - k2 - h) 

X Ô{P - k - k2-k3)(pp,{k',k2,k3)(fp{k,k2,k3). (5.52) 

Portanto, o fator de forma bariônico é dado por 

FbÍQ^) = (l-^^ Jd^kd^k'd^k2d^k3Ô{P + q-k'-h-h) 

X Ô{P— k — k2 — k3)(fp,{k',k2,k3)ifp{k,k2,k3). (5.53) 

Empregando a forma explícita das amplitudes (fp{ki, ^2, ^3), obtemos finalmente 

Fs{<f) = (1 - 8^) (5.54) 

Dessa expressão, obtemos então 

= 1 + 
3a‘ 

(5.55) 
4M2 J ■ 

O termo —q‘^/8M'^ é uma correção relativística ao resultado não relativístico 

F^^(g2) = (5.56) 

do qual obtemos o resultado familiar 

r)B = i,- (5.57) 



Capítulo 6 

Resultados numéricos 

No presente Capítulo vamos apresentar resultados numéricos para as diferentes quan- 

tidades físicas derivadas anteriormente. Todas as derivações feitas até aqui têm vali- 

dade geral, isto é, elas são independentes do modelo para as interações Vc e Vr, como 

também do modelo ou aproximações empregados para descrever o meio hadrônico. 

Conforme já dito em diferentes pontos nessa tese, um dos objetivos principais da 

tese era derivar um formalismo para estudar os efeitos de temperatura e densidade 

bariônica sobre o fenômeno da quebra dinâmica da simetria quiral para um meio 

hadrônico formado por bárions e mésons. Esse objetivo foi alcançado no Capítulo 5, 

onde foram empregados formalismos de muitos corpos baseados em operadores de 

criação e aniquilação de quarks para derivar a equação de gap para a função de 

massa dos quarks constituintes. Especiíicamente, após especificado a Hamiltoni- 

ana microscópica para os quarks, foram empregados conjuntamente o tradicional 

método do ordenamento de Wick dessa Hamiltoniana e a representação Fock-Tani. 

O emprego simultâneo desses dois formalismos é original e representa um avanço con- 

siderável no estudo da simetria quiral num meio com quarks confinados em hádrons. 

Para finalizar a tese e ilustrar a aplicação do formalismo desenvolvido, vamos obter 

resultados numéricos para algumas quantidades físicas relacionadas a situações de 

interesse atual, a saber propriedades de mésons charmosos e suas interações no meio 

nuclear. A motivação para especializarmos a aplicação do formalismo nesse caso foi 

discutida na Introdução. Portanto, todos os resultados numéricos nessa tese serão 

para T = 0 somente. 

Especificamente, inicialmente vamos discutir a solução numérica da equação de 

gap no vácuo. Logo após, vamos investigar os efeitos da densidade bariônica na 

função de massa Mk dos quarks constituintes. Para isso é necessário especificar a 

função Fk, a qual depende das amplitudes no espaço de Fock empregadas para 

definir a transformação unitária da representação Fock-Tani. Para tal, conforme dito 

anteriormente, vamos empregar o modelo discutido na Seção 3.6. Uma vez obtida a 

85 
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função Mfc como função da densidade bariônica, vamos apresentar resultados para 

os tamanhos e massas dos núcleons e mésons D e as interações efetivas entre esses 

mésons charmosos e núcleons no meio hadrônico. 

6.1 Resultados para a equação de gap no vácuo 

A equação que deve ser resolvida é a Eq. (5.12). Para tal, como dito acima, pre- 

cisamos da função Fk, a qual é dada pela Eq. (5.45). Ela depende somente de Pp, 

o momento de Fermi dos núcleons no meio nuclear e de a, o parâmetro relacionado 

ao tamanho dos núcleons a. E importante notar que o efeito de é o de diminuir 

o efeito da quebra dinâmica da simetria quiral, conforme pode ser verificado na 

Eq. (5.15) para o condensado de quarks, pois F*, < 1. Antes de entrar no estudo 

detalhado do efeito de Fk sobre a quebra dinâmica da simetria quiral, vamos re- 

solver a equaçãp de gap no vácuo para as interações ^^(A:) e VriF) especificadas no 

Capítulo 3. 

A equação de gap no vácuo é dada pela Eq. (3.143), a qual envolve as interações 

Vc{k) e Vrik). As expressões explícitas para essas interações que empregaremos 

nessa tese foram discutidas nas Seções 3.2 e 3.6, sendo dadas pelas Eqs. (3.31)- 

(3.36) e (3.148). Há uma dificuldade numérica para resolver a equação de gap para 

interações que divergem muito fortemente no infravermelho A; ^ 0, como as que 

vamos empregar, as quais divergem como 

onde a é dado por a = 3.93 ou a = 4, dependendo de qual solução de Szczepa- 

niak e Swanson usarmos. Apesar de Vc{k) ser fortemente divergente para A: 0, a 

equação de gap é finita nesse limite, porque que há um cancelamento de dois termos 

divergentes na equação. A dificuldade mencionada é precisamente controlar numeri- 

empregar o método de regularização das Refs. [58, 18], o qual consiste em “subtrair 

um zero conveniente” da equação de gap, isto é, subtraímos da Eq. (3.143) uma 

integral que é identicamente nula* 

Vc{k) (6.1) 

camente esse cancelamento empregando alguma forma de regularização. Aqui vamos 

(6.2) 

*Para ver que essa integral é realmente nula, basta remover do integrando o termo k{Mk/kEk), 
que independe da variável de integração, o que leva à integral f <Pq Vc[\k — ^) (k — Fazendo a 
troca de variáveis k — q ^ q, leva a f (Pq Vcdíl) ç, a qual é zero por paridade. 
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Assim, com a subtração dessa integral nula, a parte da equação de gap que depende 

de Vc fica sendo dada por 

Notamos que isso resulta numa integral que envolve a subtração de dois termos 

em que cada um desses se anula independentemente para q k. Ainda mais, o 

anulamento de cada termo é indepedente da integral sobre os ângulos. 

Resolvemos a equação de gap (regularizada) por iteração: (1) a partir de um 

ansatz inicial para Mk, as integrais sobre q são efetuadas numericamente para cada k] 

(2) a equação não linear resultante para cada k é então resolvida empregando a sub- 

rotina FIXPDF (http://www.netlib.org/hompack/index.html); (3) obtemos assim 

uma nova Mk, a qual é então empregada no item (1) acima, e o processo é repetido 

até que a Mk de entrada seja igual à Mk de saída para cada k, dentro de uma 

precisão menor do que 10~®. 

Conforme dito na Seção 3.2, nesta tese vamos dar preferência por empregar 

Vc{k) resultante da solução com r = 1/2 no ansatz da Eq. (3.27). Como dito lá, a 

razão para tal é que esse anstaz incorpora corretamente a curvatura do espaço das 

configurações de gauge e, como tal, deve ser o mais adequado. No entanto, para 

comparar os efeitos entre as duas soluções com r = 0er = l/2na função de massa 

dos quarks constituintes, vamos empregar as duas soluções discutidas na Seção 3.2. 

A interação Vc{k) resultante da solução com r = 1/2 no ansatz da Eq. (3.27), os 

parâmetros envolvidos no fitting são Aqcd, cr, c e Z. Os valores desses parâmetros 

são dados por [42] 

Aqcd = 250 MeV, a = 3.84 Aq^d, Z = 5.94, c = 40.68. (6.4) 

Na Fig. 6.1 - gráfico superior - mostramos os resultados para Mk no limite 

quiral (mo = 0) para as duas formas de Vc{k). Denominamos como Modelo 1 os 

resultados com Vc para r = 0, e Modelo 2 para os resultados com Vc{k) para r = 1/2. 

Observa-se que o comportamento qualitativo é essencialmente o mesmo, com uma 

leve tendência de um efeito maior na quebra de simetria para o Modelo 2. Isso é 

devido ao fato do valor de Vc{k) nesse modelo ser maior que o do Modelo 1 na região 

importante no espaço de momentos, i.e. na região de baixos momentos A: < 1 GeV. 

Essa caraterística está ilustrada no gráfico inferior da Fig. 6.1, que mostra a razão 

V^\k)/VQ\k) onde os índices superiores (1) e (2) referem-se respectivamente a 

Modelo 1 e Modelo 2. 
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Modelo dos quarks constituintes no limite quíral usando Vq somente 

Razão entre as interações de Coulomb Vc(k) dos dois modelos 

Figura 6.1: Gráfico superior: A função Mk como função do momento no limite 

quiral (mo = 0) usando somente Vc{k) na equação de gap. A curva sólida é para 

Vc{k) dado pelas Eqs. (3.31)-(3.33) - Modelo 1 - e a curva tracejada é para Vc{k) 

dado pelas Eqs. (3.34)-(3.36) - Modelo 2. Gráfico inferior: Razão entre as interações 

Vc{k) do Modelo 1 e do Modelo 2. 
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Notamos também na Fig. 6.1 que o valor de M = Mk=o é menor que 100 MeV. 

Um valor tão baixo para a massa dos quarks constituintes leves é consequência dos 

parâmetros empregados em Vc{k), cujos valores numéricos foram ajustados para 

reproduzir o potencial de confinamento entre quarks pesados. No entanto, é conhe- 

cido de algum tempo [59] que potenciais dessa natureza não são suficientes para 

fornecer uma boa fenomenologia quiral, i.e. eles fornecem baixos valores para a 

massa dos quarks constituintes, como também para o condensado de quarks, dado 

pela Eq. (5.15). No presente caso, (—(O|'0(a;)V’(a;)|O))^/^ » 150 MeV, enquanto que 

o valor extraído da fenomenologia é da ordem de 250 MeV. Uma outra consequência 

ainda é que a simetria quiral seria restaurada para um valor da densidade bariônica 

muito menor do que densidade de saturação da matéria nuclear, po = 0.17 fm“^. 

Por outro lado, isso também não deveria ser nenhuma supresa, pois Vc{k) não é a 

única interação que contribui na equação de gap, a interação de glúons transversos 

Vr{k) também contribui. Caso fosse conhecida uma parametrização para Vr{k), ela 

poderia ser incorporada na equação de gap e seus efeitos avaliados. No entanto, como 

já dito antes, não existe uma parametrização tal e, portanto, para fazer progresso 

é necessário recorrer à fenomenologia. Na presente tese vamos parametrizar Vr{k) 

em que parâmetros serão ajustados para fornecer uma melhor fenomenologia quiral. 

Essa parametrização não é feita de maneira arbitrária, mas sim vai incorporar um 

dos fatos mais importantes observados em simulações de QCD na rede no gauge de 

Coulomb, que Vr{k) não diverge para k —y 0. 

Nas Ref. [18, 19, 20], Vr{k) foi escrito na forma da Eq. (3.148), com os seguintes 

valores para os parâmetros cxt, Po e 

ar — 0.5, p = 300 Mev r = 1.05. (6-5) 

Para Vc{k) do Modelo 2, empregamos os mesmos valores - é importante notar 

que os comportamentos assintóticos de Vr{k) nos dois modelos são diferentes, pois 

eles são iguais aos dos respectivos Vc{k). A escolha desses parâmetros foi guiada 

de maneira a obter uma massa constituinte = Md. = Mfc=o — 300 MeV para 

mo = 10 MeV, e Mc = Mk=o 1660 MeV, que são os valores típicos para as massas 

dos quarks constituintes leves e com sabor charm num modelo não relativístico 

de quarks. A Fig. 6.2 mostra os resultados para Mk para os dois modelos para 

diferentes valores da massa de corrente mo. Nota-se claramente na figura que o 

efeito da massa mo no fenômeno da quebra dinâmica da simetria quiral é que esse 

diminui à medida que mo aumento. Especificamente, temos que o efeito é muito 

mais forte para mo pequeno (quebra explícita da simetria é pequena), enquanto que 

para para tuq = 10 MeV obtemos Mk=o = 310 MeV, um aumento por um fator 

30, para mo = 850 MeV, Mk=o = 1660 MeV, o aumento é apenas por um fator 2 
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apenas. 

A inclusão de Vrik) eleva também o valor da integral para o condensado de 

quarks, para a qual fornece para (—(O|'0(a:)'0(x)|O))^/^ o valor de 300 MeV para o 

Modelo 1 e 350 MeV para o Modelo 2. Aqui é necessário fazer alguns comentários 

com relação ao condensado. Na QCD, é conhecido que a expressão do condensado é 

divergente - para uma discussão didática, ver a Ref. [60]. Vamos ilustrar isso dentro 

do contexto do presente modelo [18], analisando o comportamento ultravioleta da 

integral da Eq. (5.15), cortando a integral em um valor muito grande A, i.e. A » 

^QCD, 

(0]V'V'|0)a = 
Mk 

Usando a equação de gap (no limite quiral), não é difícil mostrar que 

(6.6) 

Mk^‘^[Vc{k) + 2VTÍk)] J 
*= d^q Mq 

(27t)3 Eq • 

Para interações com comportamento ultravioleta da forma 

47ro;., 

(6.7) 

V{k) 
A;2 ln\k^y 

(6.8) 

onde X ^ 1 eas são constantes (como é o caso das interações empregadas na presente 

tese), temos que o comportamento ultravioleta da a função Mk é da forma 

Mfc 
A;2 ln^(fc2)’ 

(6.9) 

Substituindo isso na Eq. (6.6), temos 

(o]V'i/’|o)/ 
/ kHn^{k^) 2/ ^ F ln\A;2 

ln'-^(A2). (6.10) 

Portanto, para as interações Vc eVr que estamos empregando, para as quais A > 1, 

a integral do condensado é finita (no limite quiral). Para tuq 7^ 0, a repetição da 

análise acima mostra que a integral é divergente. 

Por outro lado, na QCD, a propriedade de liberdade assintótica diz que A = 1, 

e a análise acima deve ser refeita. Especificamente, na QCD temos, além de A = 1, 

que as = dir, com d — 12/(33 — 2Nf) onde Nf é o número de sabores de quarks, 

e que a integral do condensado diverge logaritmicamente [60]. Nesse caso, define-se 
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Massa dos quarks constituintes < Modelo 1 

Massa dos quarks constituintes - Modelo 2 

Figura 6.2; A função Mk como função do momento para diferentes valores da massa 

de corrente tuq. Gráfico superior é para o Modelo 1 e o inferior para o Modelo 2. 
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um condensado “running”, i.e. o condensado passa a depender de uma escala de 

momento p na forma 

-d 

(o|W|o)a. (6.11) 

Na prática, calcula-se o condensado usando a integral cortada num valor grande 

para A e o valor do condensado é então obtido para um dado p usando a Eq. (6.11). 

Na verdade, quando se diz que {—{0\'ip{x)'ip{x)\0)y^^ « 250 MeV, isso significa 

(—(O|i^(a;)'0(a:)|O)^=iGev)^^^ ~ 250 MeV , onde a escolha da escala p = 1 GeV é uma 

escolha convencional. 

Agora, para o caso de mo 0, no limite de fc —> 00, a função Mk tem como 

limite mo. Nesse caso, independentemente do valor de A, não é possível definir um 

condensado e a solução é invocar o fato que na realidade a massa de corrente também 

é uma quantidade “running”, i.e. mo{p). Na presente tese não iremos discutir 

esses aspectos \ pois, sem empregar interações consistentes com a propriedade de 

liberdade assintótica da QCD, essa discussão seria um tanto estéril. Conforme já 

dito acima, para os propósitos da presente tese, o importante é o valor da massa 

constituinte na região de baixos momentos, 0 qual é determinado pela interação a 

momentos baixos. 

A discussão acima mostra que os valores calculados com a integral que define o 

condensado devem ser considerados apenas como indicativos de que uma interação 

suficientemente forte no infravermelho está sendo empregada - se o valor da integral 

for muito pequeno, mesmo que se empregue interações que tenham um compor- 

tamento ultravioleta consistente com aquele previsto pela liberdade assintótica da 

QCD, o valor de (0|í/’'í/'|0)a não seria grande o suficiente para que se obtenha um 

condensado na escala de // = 1 CeV dado por (—(0|^(a;)t/'(a;)|0))^/^ w 250 MeV. 

Portanto, o valor de 350 MeV que encontramos para a integral do condensado é 

indicativo de que as interações Vc{k) e Vr{k) podem ser realmente adequadas para 

uma boa fenomenologia quiral. Por essas razões, não vamos nos deter na tenta- 

tiva de ajustar o valor preciso do condensado, mas somente o valor de Mk=o, pois 

essa quantidade é independente do comportamento de Vc{k) e Vr{k) no ultravioleta 

profundo, i.e. k S> Aqcd- Uma outra razão para não tentarmos ajustar o com- 

portamento ultravioleta das interações Vc{k) e Vr{k) é a economia de parâmetros 

ajustáveis. Em princípio, esse comportamento ultravioleta pode ser obtido no for- 

malismo de Szczepaniak e Swanson, mas para tal seria necessário um estudo do 

ultravioleta profundo, o que não foi feito até o momento. Para o fim de estudar- 

mos efeitos da densidade sobre a estrutura dos hádrons e suas interações a baixas 

tA Ref. [60] apresenta uma discussão detalhada sobre esse assunto. 
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energias, não é necessário empregar interações com um comportamento ultravioleta 

preciso, pois vamos nos restringir a densidades relativamente baixas, muito aquem 

das densidades que levam ao desconfinamento dos quarks e glúons e à restauração 

da simetria quiral. 

6.2 Resultados para a equação de gap a densidade finita 

Finalizada a discussão dos resultados para a equação de gap no vácuo, vamos agora 

analisar resultados paxa densidade finita. Os efeitos do meio na equação de gap 

aparecem através da função de na Eq. (5.12), que depende de dois parâmetros, a 

e Pp. O parâmetro ol vem das amplitudes que definem o operador de criação de 

bárions dado na Eq. (3.153), o qual, por sua vez, é empregado na definição do ope- 

rador unitário da transformação de Fock-Tani. A transformação é usada para obter 

uma Hamiltoniana em termos de operadores de criação e aniquilação de hádrons, 

a qual descreve as interações entre hádrons. A forma dessa Hamiltoniana como a 

derivada nessa tese depende do fato que as amplitudes ^ e $ sejam autoestados 

da Hamiltoniana microscópica no espaço livre. As propriedades dos hádrons no 

meio nuclear, por sua vez, deveriam então ser determinadas, por exemplo, através 

do estudo do seus propagadores no meio empregando as técnicas usuais da teoria 

quântica de muitos corpos [12]. Na presente tese não vamos seguir essa rota, mas sim 

vamos empregar uma aproximação no espírito das aproximações de campo médio. 

Nessas aproximações os efeitos do meio são incorporados na massa e na energia 

dos quarks somente, sem levar em conta efeitos de loops mesônicos e correlações 

de curto alcance. Dentro desse espírito, no contexto da presente tese, o efeito do 

meio se manifesta na massa dos quarks através da função F^. Com isso, torna- 

se natural definir parâmetros a e ^ no meio minimizando as expressões para Mjv 

e Md dadas nas Eqs. (3.171) e (3.171), mas empregando para Mk as soluções da 

equação de gap no meio. Com isso, temos então um problema de autoconsistência: 

para determinar as soluções Mk da equação de gap no meio, precisamos de F*,, a 

qual, por sua vez precisa de a, que, por sua vez precisa de Mjv, a qual precisa de 

Mfc no meio. Para resolver o problema empregamos um procedimento de iteração: 

(1) iniciamos resolvendo a equação de gap como no espaço livre, com o fator F*, 

calculado para o valor de a no espaço livre; (2) empregamos a solução da equação 

de gap para obter M^ e a partir desse Myv obtemos um novo a; (3) com esse a, 

calculamos um novo Ffc e com esse F*, resolvemos novamente a equação de gap; (4) 

e o processo é repetido até que o valor de a não mude mais dentro de uma precisão 

de uma parte em um milhão. 

Antes de discutir as soluções da equação de gap no meio, seria instrutivo estu- 
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dar o comportamento dessa função variando arbitrariamente a e pb- Na Fig. 6.3 

mostramos Fk para diferentes valores de a e duas densidades bariônicas típicas.Nota- 

se claramente que para uma densidade baixa e um tamanho de hádron rs pe- 

queno -Tb = l/a - o efeito do bloqueio de Pauli é praticamente zero. Por- 

tanto, nesse caso ~ 1, o meio não dever tem efeito no fenômeno da quebra 

dinâmica da simetria quiral. Por outro lado, para uma densidade grande e nucleons 

grandes, Fk se aproxima daquele de um gás de Fermi de quarks desconfinados, i.e. 

Ffc ~ 1 - 9{Pf -k) = 9{k - Pf). 

Para resolver a equação de gap no meio encontramos a mesma dificuldade nu- 

mérica que no espaço livre relacionada ao comportamento extremamente singular 

da interação Vc{k) no infravermelho. A subtração do “zero conveniente” como no 

caso do vácuo não vai funcionar no presente caso devido ao fator Fq no integrando 

da Eq. (5.12). No entanto, um procedimento similar pode ser empregado, em que 

a integral identicamente nula que é subtraída da equação da Eq. (5.12) envolve 

necessariamente Fk, a saber 

Ao invés da Eq. (6.3), obtemos agora para a parte da equação de gap que depende 

de Vc{k) o seguinte 

a qual, como na Eq. (6.3), é uma integral que envolve a subtração de dois termos em 

que cada um desses se anula independentemente para ç —> fc, e em que o anulamento 

de cada termo é indepedente da integral sobre os ângulos. 

Vamos agora discutir os resultados para Mk como função de Pf- Como discutido 

acima, temos um problema autoconsistente: a equação de gap envolve a função Fk, 

a qual depende de e cr; mas a é determinado variacionalmente minimizando a 

massa do nucleon que, por sua vez, depende de M*,. O problema foi resolvido por 

iteração, partindo do valor para a que minimiza a massa do núcleon no espaço livre, 

como explicado acima. Para Kqcd = 250 MeV e mo = 10 MeV, os valores no espaço 

livre das quantidades de interesse são : 

Mu = Md = 320 MeV, Mc = 1675 MeV, (6.14) 
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Figura 6.3: A função como função do momento para diferentes valores de a. O 

gráfico superior é para uma densidade igual a ps = Po/8 e o inferior para ps = po- 

Também está mostrada nos gráficos a correspondente função para o caso de um gás 

de Fermi de quarks desconfinados (linha sólida). 
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a = 335 MeV, 

/? = 315 MeV. 

96 

Mn = 1120 MeV, 

Md = 1700 MeV, 

(6.15) 

(6.16) 

Esse valor de Kqcd foi determinado na Ref. [42] de maneira que Vc{k) reproduza 

o potencial da QCD na rede para duas cargas de cor infinitamente pesadas, que 

implica numa string tension a = 0.204 GeV^. 

Os resultados para a função de massa Mk dos quarks constituintes leves u e d 

como função de k para diferentes valores Pp estão apresentados na Fig. 6.4. Para 

deixar claro que os resultados são para os quarks leves, vamos denotar a função de 

massa como Mu(fc). Também, apresentamos todas as quantidades dimensionais em 

unidades da escala intrínseca do problema, Aqcd- Nota-se claramente que o efeito 

da densidade bariônica sobre a massa dos quarks constituintes é insignificante 

para Pp < 0.5 Aqcd- Por outro lado, para Pp > 0.5 Aqcd, Mu decresce significa- 

tivamente. Esse decréscimo rápido da massa constituinte é um precursor de uma 

restauração parcial da simetria quiral no meio hadrônico^. 

Massa dos quarks constituintes para diferentes momentos de Fermi 

Figura 6.4: A função Mk como função do momento para diferentes valores de Pp. 

^Estritamente, uma restauração da simetria quiral ocorreria somente quando toq = 0; quando 

Too ^ 0, para densidades muito altas - muito além das que vamos discutir na presente tese - o 
máximo de “restauração” é M* —► mo. 
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6.3 Resultados para massas e tamanhos hadrônicos a den- 

sidade finita 

A diminuição da massa constituinte no meio implica em mudanças em outras 

quantidades envolvidas diretamente no problema, como a massa dos núcleon e o seu 

tamanho a. Uma diminuição no valor da massa dos quarks implica numa maior 

energia cinética dos quarks no interior dos núcleons e, por isso, o tamanho desses deve 

aumentar. O aumento do tamanho do núcleon no meio tem um efeito realimentador 

na restauração da simetria quiral através da função Fk que entra na equação de gap; 

à medida que o tamanho do núcleon - (r^)jv ~ 1/a^ - aumenta, a função F*, exclui 

cada vez mais os estados de momentos que contribuem de maneira significativa na 

integral da equação de gap para M*,. Além do efeito sobre os núcleons no meio, a 

diminuição da massa também afeta outros hádrons que venham a se propagar 

no meio, como os mésons D, os quais são de interesse nessa tese. Como esses mésons 

contém somente um quark leve, suas propriedades devem ser menos afetados que 

as propriedades dos núcleons ou as de outros mésons leves que contenham somente 

quarks leves. Resultados para as razões entre massas e tamanhos do núcleon e 

méson D no meio e no espaço livre estão mostrados na Tabela 6.1. As quantidades 

no meio são indicadas por um superscrito asterisco. O valor máximo para Pp que 

conseguimos obter resultados convergentes foi para = 0.85 Aqcd- 

Tabela 6.1: Razões de massas e tamanhos hadrônicos a densidades finitas e no espaço 

livre para diferentes valores de Pp (dado em unidades de Aqcd)- 

Verifica-se na tabela que o efeito na massa dos núcleons é realmente muito maior 

que para a massa dos mésons D, de acordo com os argumentos qualitativos que 

expostos acima. Para Pp = 0.85 Aqcd, a massa do núcleon no meio M^, é 20% 

menor que seu valor Mjv no espaço livre, e o a* é 13% menor que o a no espaço 

livre, isso implica em = 1 .15rAT, onde r^v = \/(r ^)n- O valor da massa dos 
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mésons D no meio praticamente não muda em relação ao seu valor Md no 

espaço livre, apesar da mudança de /? no meio ser praticamente igual à de a. 

Notamos que para Aqcd = 250 MeV, temos que Pp = 0.85 Aqcd = 1-08 fm“* 

e rlf = 0.7 fm. Esse valor de r^f é ainda um tanto menor que o valor crítico de 

rpi = 1.12 fm, dado pela Eq. (5.47), para a validade da aproximação de quasi- 

partículas independentes que está sendo empregada nessa tese. Essa condição sobre 

o raio crítico foi derivada supondo o núcleon uma esfera de raio rp[ em que a matéria 

hadrônica em seu interior está uniformemente distribuída sobre seu volume. O fato 

de obtermos uma restauração parcial significativa para um valor relativamente baixo 

do momento de Fermi - Pp = 1.08 fm“^ corresponde a uma densidade bariônica 

Pb — Po/2 - está associado ao fato de empregarmos funções Gaussianas para as 

funções de onda dos núcleons, as quais não representam muito bem o comporta- 

mento assintótico das funções de onda de um potencial confinante que cresce linear- 

mente com a distância^ Isso significa que, mesmo que a distância média entre dois 

núcleons seja razoavelmente grande, como é o caso para uma densidade bariônica 

Pb = Po/2, as caudas Gaussianas das funções de onda implicam numa superposição 

apreciável das estruturas de quarks de núcleons diferentes. Essa superposição é a 

reponsável pela forte supressão de Pauli em Fk para essas densidades relativamente 

baixas. No entanto, é interessante notar que a restauração parcial da simetria quiral 

obtida aqui ainda é muitíssimo menor que a obtida em estudos anteriores, em que 

a simetria quiral é restaurada em um sistema de quarks desconfinados a uma den- 

sidade bariônica ps da ordem de um centésimo [29, 61] da densidade normal da 

matéria nuclear po! 

Funções de onda mais realistas podem ser obtidas empregando expansões em 

um conjunto finito de funções com um comportamento assintótico consistente com 

o potencial confinante linear. Isso requer a diagonalização da matriz Hamiltoniana 

com elementos de matriz calculados nessa conjunto de funções. Uma estratégia tal 

implica num aumento considerável do esforço computacional. No entando, eventual- 

mente, quando os parâmetros e as formas funcionais das interações microscópicas 

Vc{k) e Vr{k) estiverem mais bem estabelecidos, tal esforço deverá ser empreendido. 

transformada de Fourier de um potencial V{k) = STrcr/fc^, como o que estamos empregando 
nessa tesa, é V{r) = ar. 
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6.4 Resultados para a interação de mésons D com núcleons 

a densidade finita 

Para finalizar, vamos investigar a dependência com a densidade bariônica da in- 

teração efetiva DN - mais especificamente, D^N e D~N. A interação DN no espaço 

livre foi investigada no contexto do presente modelo nas Refs. [18, 19]. Resultados 

preliminares da dependência com a densidade para seções de choque e deslocamen- 

tos de fase dessa interação foram publicados na Ref. [20]. Aqui vamos apresentar 

resultados para o potencial de interação (no espaço de coordenadas), que é o ingredi- 

ente principal para qualquer cálculo para mudanças nas propriedades de propagação 

de um méson D no meio nuclear [62]. Conforme já dito anteriormente, vamos nos 

concentrar nesse processo em vista de seu grande interesse atual, com a perspectiva 

dos experimentos que estão sendo planejados pelas colaborações PANDA e CBM do 

laboratório FAIR na Alemanha. O processo físico relevante é a produção de mésons 

charmosos através da aniquilação de antiprótons em alvos nucleares. Os mésons 

produzidos propagam-se no meio nuclear e suas interações com os núcleons no meio 

devem ser diferentes do que as interações no espaço livre - nesse último caso os 

antiprótons seriam aniquilados no deuteron. 

Como vimos anteriormente, dada a interação microscópica e as funções de onda 

dos hádrons ao nível dos quarks, a representação Fock-Tani (ou o Resonating Group 

Method) permite obter uma interação efetiva hádron-hádron. Para o caso particular 

do potencial efetivo Vdv> as derivações explícitas aparecem nas Refs. [54] e [18]. 

Em geral, esse potencial é obtido no espaço dos momentos, e depende dos momentos 

inicial p e final p' no sistema centro de massa dos hádrons, Vdn{p,p'), ou seja, o 

potencial é não local, i.e. ele não depende somente do momento transferido q = 

p — p', mas depende também do momento P = {p+p')/2. Com o objetivo de melhor 

apresentar e discutir os efeitos da densidade, vamos considerar uma aproximação 

local e fazer uma transformada de Fourier para o espaço de coordenadas. Isso vai 

nos permitir discutir os resultados em termos de mudanças na intensidade e no 

alcance desse potencial devido a mudanças nas massas dos quarks e no tamanho dos 

hádrons envolvidos. 

Por completeza e para tornar a leitura da tese mais fácil, vamos transcrever da 

Ref. [18] a forma final do potencial VdnÍPiP')- O potencial é o resultado da troca 

de quarks e gluons entre os hádrons - essa troca é conhecida como quark-gluon 

interchange mechanism. Esse mecanismo está representado de forma pictórica na 
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Fig. 6.5. Explicitamente, o potencial pode ser escrito como [18] 

4 

Vdív(p,p') = /2, (6.17) 
1=1 

os subíndices i = 1, • • • ,4 referem-se a cada um dos gráficos da Fig. 6.5. 

(3) 

Figura 6.5; Representação pictórica 

Vdn{p,p')- 

—Y 
o 

o 

(4) 

das quatro contribuições que compõem 

As funções Ii{p,p') na Eq. (6.17) podem ser escritas como 

IiÍP,p') = 
3^ 

-1 3/2 

com 

bi) — J" 

(3 + 2g)TÇQ?‘ _ 

(fq 

(27t)" 

I{ai,bi) exp^-Cip^ - dip'^ + dp ■ p'^ , (6.18) 

ydq) + dP ydq) exp (^-üiq^ + bi - ^ , (6.19) 

onde g — com a e (5 sendo os parâmetros variacionais das funções de onda 

do núcleon e do méson D, respectivamente, e os fatores uf e uj contém fatores 

combinatórios e o resultado das somas sobre índices de cor e spin-sabor dos quarks, 

cujos valores podem ser encontrados no Apêndice D. As expressões explícitas para 

os fatores aj,6j,Cj,dj e áj também são apresentadas no Apêndice D. 

Introduzindo as variáveis q — p — p' e P = {p + p')/2, temos que V^nÍP^p') 

VoNiq, P)- Como dito acima, a variável qéo momento transferido no sistema centro 

de massa, e fazendo a transformada de Fourier com relação a esse momento, obtemos 

um potencial no espaço de configuração. No entanto, esse potencial ainda depende 

do momento P - diz-se que um potencial não local é equivalente a um potencial local 
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que depende da energia. A aproximação local consiste em desprezar a dependência 

em P do potencial, pois pode-se verificar que essa dependência em P é fraca. Com 

isso, obtemos um potencial no espaço de configuração Vdn{t). É importante notar 

que a transformada de Fourier precisa ser efetuada numericamente, pois as integrais 

I{ai,bi) da Eq. (6.19) não têm solução analítica para as interações Vc{q) e Vr{q) 

que estamos empregando nessa tese. 

Na Fig. 6.6 apresentamoss resultados numéricos para os potenciais Vdv(^) para 

os estados com isospin / = le/ = 0. A dependência com a densidade vem através 

dos tamanhos a e (3 dos hádrons e da massa do quark constituinte M„. Essa última 

dependência vem interação de glúons transversos, como mostrado na Eq. (6.19). 

Antes de prosseguir com a discussão com os resultados, é importante chamar à 

atenção que o que está sendo analisado aqui é o efeito de uma restauração parcial 

da simetria quiral sobre a parte de curto alcance da interação DN, a qual é gerada 

pelo mecanismo de quark-gluon interchange mechanism. Além dessa parte de curto 

alcance, há contribuições de médio alcance^ geradas pelo mecanismo da troca de 

mésons [54], que não são considerados na presente tese. 

Como antecipado, são dois os efeitos das mudanças no meio dos tamanhos dos 

hádrons e da massa do quark constituinte leve no potencial Vdív(?'): tanto o 

alcance como a intensidade dos potenciais em ambos canais aumentam. Desses au- 

mentos, o mais significativo é o da intensidade, que é da de 20% nos dois canais. Uma 

das razões principais para esse aumento é o fator envolvendo no denominador 

da interação de glúons transversos na Eq. (6.19) - essa interação contribui com um 

fator proporcional a proporcional a 1/M^ nos gráficos (1) e (3), e com l/M„Mc nos 

gráficos (2) e (4) da Fig. 6.5 (note que para os gráficos (2) e (4) o fator új é dado 

por Ô2 — S4 = Mu/Mc, como pode ser visto no Apêndice D). O alcance aumenta 

devido ao aumento no parâmetro a no meio. Agora, é importante notar que se não 

fosse pela dependência com a massa da contribuição dos glúons transversos, a 

interação no meio na realidade diminuiria! Isso é devido ao fato que um aumento na 

extensão das funções de onda dos hádrons desfavorece o mecanismo de quark-gluon 

interchange, pois a intensidade desse mecanismo depende do grau de superposição 

entre as funções de onda dos hádrons. Como a normalização das funções de onda 

não muda no meio, um aumento na extensão dessas funções de onda implica numa 

diminuição no valor delas na origem, o que, por sua vez, implica numa diminuição 

nas amplitudes de probabilidade de superposição das estruturas de quarks dos dois 

hádrons envolvidos na interação. 

^Como não há contribuições de troca de um píon, não há componente de longo alcance na 
interação DN. 
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Potencial efetivo ND para 1=1 e diferentes valores de Fermi 

Potencial efetivo ND para l=0 e diferentes valores de Fermi 

Figura 6.6: Os potenciais locais VdnÍx) para os estados de isospin 7 = 1 e / = 0. 
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Para finalizar, as implicações dessas mudanças do potencial VdnÍt) em ob- 

serváveis requer um estudo detalhado das propriedades espectrais do propagador 

do méson D no meio nuclear [62]. Um estudo dessa natureza requer um conheci- 

mento das interações do méson com os núcleons do meio. As propriedades espectrais 

no meio envolvem as partes reais e imaginárias (largura de decaimento) do pólo do 

propagador e de sua função espectral. Essas mudanças podem, em princípio, ser 

observadas através da análise dos decaimentos eletrofracos desses mésons, pois esses 

dependem crucialmente das propriedades espectrais dos mésons no meio. 



Capítulo 7 

Conclusões e Perspectivas 

A tese teve como objetivo desenvolver um formalismo geral para estudar a simetria 

quiral na matéria hadrônica em que os quarks e gluons estão confinados no interior 

dos hádrons. A motivação principal para desenvolver um formalismo dessa natureza 

é o fato que eventuais sinais sobre uma restauração parcial da simetria quiral em ex- 

perimentos de laboratório devem ser acessíveis através de produtos de decaimentos e 

rearranjos hadrônicos devidos às interações entre os hádrons enquanto ainda no meio. 

Como vimos, o meio hadrônico induz modificações nas propriedades dos quarks cons- 

tituintes que compõem os hádrons do meio. Uma mudança nas propriedades dos 

quarks constituintes têm efeito nas massas e nos tamanhos dos hádrons. Essas mu- 

danças nas propriedades dos hádron modificam observáveis físicos como fatores de 

forma, interações entre hádrons e decaimentos no meio. Na grande maioria dos es- 

tudos sobre efeitos da temperatura e densidade bariônica sobre a simetria quiral a 

matéria hadrônica tem sido modelada como sendo um sistema de quarks descon- 

finados. Um sistema de quarks desconfinados deve existir no interior de estrelas 

superdensas, como também deve ser produzido na região central de uma colisão de 

íons pesados a altas energias. Apesar do efeito da temperatura e densidade sobre a 

quebra da simetria quiral ser mais forte nessas situações de quarks desconfinados, 

há de se reconhecer que é praticamente impossível extrair sinais sobre esses efeitos 

nessas situações. Por esses motivos, na presente tese o fenômeno da restauração 

parcial da simetria quiral foi estudado de maneira a levar em conta explicitamente 

o confinamento dos quarks e gluons em hádrons. 

Uma das dificuldades principais para tratar efeitos de temperatura e densidade 

sobre quarks que estão confinados no interior de hádrons está na necessidade de 

levar em conta os estados ligados num sistema de muitos corpos. A grande di- 

ficuldade está no fato que os tradicionais métodos da teoria quântica de campos 

foram desenvolvidos para sistemas de partículas “elementares”, isto é, esses métodos 

fazem uso de campos que satisfazem regras de (anti) comutação canônicas. No en- 

104 
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tanto, estados ligados, como os hádrons, são descritos por operadores compostos, os 

quais não satisfazem regras canônicas de (anti) comutação. O formalismo da repre- 

sentação Fock-Tani que empregamos na tese é particularmente adequado para esses 

propósitos. Esse formalismo, originalmente desenvolvida para problemas de Física 

Atômica, tem se mostrado útil na derivação de interações efetivas entre hádrons no 

contexto de modelos de quarks. 

Idealmente, o estudo da quebra dinâmica da simetria quiral, tanto no vácuo 

como na matéria hadrônica, deveria ser realizado diretamente com as equações da 

QCD. No entanto, como mencionado muitas vezes nessa tese, o fenômeno da quebra 

dinâmica da simetria quiral é um fenômeno de baixas energias e, como tal, é de 

natureza não perturbativa, como também é o coníinamento dos quarks e gluons. 

Apesar dos métodos de primeiros princípios da QCD na rede serem adequados para 

problemas não perturbativos, esses são formulados no espaço Euclideano, o que in- 

viabiliza seu uso direto em problemas a densidades bariônicas finitas. Apesar de 

truques e aproximações terem sido inventados para tratar problemas a densidade 

finita, esses ainda não são eficientes o suficiente para fazer contato com dados ex- 

perimentais sobre interações hadrônicas num meio nuclear. Portanto, para se fazer 

progresso e ganhar intuição sobre esses problemas não perturbativos, é necessário 

empregar métodos de aproximação e modelos efetivos. Dentro desse contexto, em- 

pregamos a formulação da QCD no calibre de Coulomb dentro de um formalismo 

Hamiltoniano. Uma das principais motivações para empregar um formalismo dessa 

natureza é o fato de que as técnicas tradicionais da teoria de muitos corpos podem 

ser diretamente implementadas para o estudo de sistemas hadrônicos. Em particu- 

lar, no calibre de Coulomb a Hamiltoniana pode ser escrita inteiramente em termos 

de graus de liberdade físicos, não necessitando a introdução de campos de fantasmas. 

Nesse formalismo, é possível definir quantidades como a função de onda do vácuo e 

estados de muitas partículas num espaço de Fock, os quais podem ser escritos em 

termos de operadores de criação e aniquilação. Essas características da formulação 

Hamiltoniana da QCD no calibre de Coulomb permitem extrair um modelo efetivo 

em que quarks e gluons são confinados em estados ligados singletos de cor, e em 

que a simetria quiral é quebrada dinamicamente. Com base nesse modelo de quarks 

é possível descrever as interações entre hádrons, como também obter um sistema 

de muitos hádrons a temperatura e densidade finitas, sem a necessidade de intro- 

duzir novos parâmetros. Mais especificamente, o modelo empregado é um modelo 

para a estrutura hadrônica a baixas energias, em que os bárions e mésons são es- 

tados ligados respectivamente de três quarks e um quark e antiquark com massas 

de aproximadamente 300 MeV. Essas massas são geradas pelo fenômeno da quebra 

dinâmica da simetria quiral, pela mesma interação empregada para obter as funções 
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de onda dos bárions e mésons. Uma vez obtidas as massas dos quarks e antiquarks 

e as funções de onda dos hádrons, a repreentação Fock-Tani permite obter uma 

Hamiltoniana escrita em termos de graus de liberdade hadrônicos apenas, a qual 

descreve as interações entre hádrons. A Hamiltoniana hadrônica assim obtida não 

possui novos parâmetros, todas as suas propriedades são geradas a partir do modelo 

microscópico de quarks. 

O formalismo desenvolvido na tese é de aplicabilidade a diferentes sistemas 

hadrônicos, e é adequado para estudar efeitos de temperatura e densidade bariônica 

sobre o fenômeno da quebra dinâmica da simetria quiral para um meio hadrônico for- 

mado por bárions e mésons. Aplicações desse formalismo, com resultados numéricos 

explícitos, se limitaram a um meio formado por núcleons a temperatura zero. Foram 

discutidas soluções numéricas da equação de gap no vácuo e no meio hadrônico for- 

mado por núcleons. Também foram obtidos resultados numéricos para os efeitos 

da densidade bariônica sobre os tamanhos e as massas dos núcleons e mésons D. 

Por fim, os efeitos dessas mudanças nos tamanhos e massas dos hádrons sobre as 

interações efetivas entre mésons e D~ com núcleons foram investigados no con- 

texto de um potencial local derivado a partir do mesmo modelo miscrocópico de 

quarks empregado para obter as funções de onda desses hádrons. 

É importante salientar que o emprego da representação Fock-Tani não é impres- 

cindível para obter os resultados que foram obtidos na presente tese. Por exemplo, 

um formalismo de funções de Green em que estados ligados são levados em conta 

explicitamente [63] é igualmente adequado, apesar de ser muito mais complicado e 

menos transparente que o formalismo que empregamos. Ainda mais, a representação 

Fock-Tani pode tratar sistemas em que hádrons e quarks e gluons desconfinados 

estão simultaneamente presentes no sistema. Uma situação dessas acontece a tem- 

peraturas e densidades mais altas que as empregadas na presente tese, quando os 

potenciais Vc cVt podem sofrer mudanças substanciais em vista da blindagem de 

Debye, i.e. o potencial linear torna-se blindado pelos quarks do meio. No entanto, 

no limite em que o número de cores Nc é muito grande, a dependência da blindagem 

de Debye com Nc é da forma 1/Nc, significando que o potencial não muda substan- 

cialmente no meio a densidade finita [64] - claramente esse é um argumento válido 

para Nc grande, como A^c = 3 no mundo real, fica em aberto a questão de quanto 

o potencial de confinamento muda no meio a densidade finita. Essa é uma questão 

muito interessante e que poderá ser investigada com o formalismo desenvolvido na 

presente tese. 

O presente formalismo pode ser melhorado em muitas direções. Uma das mais 

importantes refere-se à aproximação de baixos momentos e o ansatz de uma única 

Gaussiana para as amplitudes de Fock dos estados ligados de hádrons [18]. Esses 
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podem ser melhorados simplesmente não empregando a expansão de baixos momen- 

tos e usando uma combinação do método variacional e diagonalização de matriz. 

As amplitudes são expandidas numa base Gaussiana com parâmetros variacionais 

e a matriz Hamiltoniana calculada nessa base diagonalizada. Obviamente que isso 

vai implicar no emprego de um método Monte Cario para as integrais de momento, 

pois quando a aproximação de baixos momentos é relaxada, não é possível fazer in- 

tegrações analiticamente. Uma saída [18] é fitar as componentes superior e inferior 

dos espinores de Dirac por Gaussianas. 



Apêndice A 

Cálculo das somas de Matsubara 

As somas de frequência que aparecem nas Eqs.(3.91) e (3.92) são típicas de problemas 

de física de muitos corpos e por isso vamos explicitar de forma sucinta como são 

calculadas tais frequências neste Apêndice. 

Figura A.l: Contorno de integração para o cálculo das somas de frequências. 

Vamos considerar, inicialmente, o caso de bosons, onde a soma das frequências 

toma seguinte forma: 

E lÜJri — X 
(A.l) 

com üJn = 2n7r//?^. A equação acima diverge logaritmicamente sem o fator de 

convergência de tal forma que rj deve permanecer positivo até que a soma seja 

efetuada. 

A forma mais direta de efetuar tal soma é usar os métodos de integração de 

contorno, que exige uma função meromórfica com pólos em números inteiros pares. 
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Uma possível escolha seria uma função do tipo — , cujos pólos encontram- 

se em z = 2mri/f3h = iuJn, cada um com resíduo unitário. Considere um contorno 

C sobre o eixo imaginário (figura), então a integral de contorno 

Ph f dz 

27tí Jq — 1 z — X 
(A.2) 

que reproduz exatamente a soma dada na Eq.(A.l) dada acima, pois o integrando 

possui uma sequência infinita de pólos simples em iu>n com resíduo — 

x)~^. Agora deformamos o contorno para C' e F (figura). Se |z| —> oo, com a 

condição Re z > 0, então o integrando é de ordem lz|“^ exp [—(/3fi — r/)/?e z]; se 

|z| ^ oo, com a condição Re z < 0, então o integrando é de ordem |z|“^ exp [r]Re z]. 

Desde que ph > r] > 0 o Lema de Jordan assegura que as contribuições dos arcos F 

de raio R se anulam quando R—*ooe ficamos só com as contribuições provenientes 

ao longo do caminha C", 

^ iuJn — X 

Ph í dz e^^ 

27TÍ Jqi e^^ — 1 z — X 
(A.3) 

A única singularidade incluída em C é um pólo simples em z = x de tal forma que, 

aplicando o teorema de Cauchy, obtemos o seguinte resultado 

lim V — 
»?—>0 iu>„ 

n par X 

-ph 
Q0hx j ’ (A.4) 

onde o sinal negativo surge devido ao fato de estarmos integrando ao longo de C 

no sentido negativo, o que possibilita tomarmos o limite 77 —> 0. Embora a função 

—Ph{e~^^ ~ 1)”^ também possua pólos simples em z = iu>n com resíduo unitário, 

as contribuições da integração sobre F deverão divergir neste caso, o que impediria 

a deformação do contorno de C para C. 

Uma análise similar pode ser feita para o caso fermiônico, onde = (2n -I- 

\))'K/Ph. A função —ph{e~^^ — 1)“^ possui pólos em números inteiros ímpares 

z = iuin, com resíduos unitários, e a série pode ser reescrita na forma 

E 
n impar iUn — X 

—Phf dz e'^^ 

2m Jc -I- 1 z — a; ’ 
(A.5) 

onde C é 0 mesmo contorno apresentado na figura. O Lema de Jordan novamente 

nos permite deformar os contornos de integração de C para C porque ph > rj > 0 

e o pólo simples em z = x produzirá o resultado a seguir: 

lim y" 
r,-.0 ^ lÜJr, — X n impar 

ph 
eHhc ^ I ■ (A.6) 
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Finalmente, combinando os dois resultados (para bosons e fermions) teremos as 

expressões para as somas de Matsubara dadas na forma 

(5h 
limV 
77-»0 tUJri X g/3te ^ I • (A.7) 



Apêndice B 

Funções de spin e sabor do nucleon e dos mesons 

Neste Apêndice vamos apresentar as funções de spin e sabor dos nucleons e dos 

mesons D. Vamos começar discutindo o nucleon. O spin do nucleon é 1/2/1 e o 

seu isospin é 1/2. A projeção 1/2 do isospin é o proton e a projeção —1/2 é o 

nêutron. Para construirmos estes estados vamos considerar um modelo de quarks 

não relativístico, como fizemos em toda esta tese. No limite de simetria quiral exata 

de sabor, onde (m„ = m^), o estado de spin-sabor deve ser simétrico para os estados 

fundamentais dos nucleons. Isto acontece devido ao fato de que a função de onda 

de cor para os nucleons deve ser totalmente anti-simétrica, pois este forma o único 

estado de simetria SU(3) com cor nula, e a parte espacial da função de onda deve ser 

simétrica (pois estamos interessados nos estados fundamentais). A construção de um 

estado de spin-sabor totalmente simétrico é conseguida a partir do uso de estados de 

spin e sabor com simetria mista, i.e., estados com simetria definida (estado simétrico 

ou anti-simétrico) sob a troca de duas partículas, mas sem simetria definida com 

relação às trocas das duas primeiras com a terceira partícula. Especificamente, 

D. 

onde 

(B.l) 

(B.2) 

(B.3) 

(B.4) 

(B.5) 

(B.6) 
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r]Ms{u) = - V2t]nd), VmaÍu) = poou, 

VMs{d) = --^{rjiod - \/2?7i_itt), rjMA{d) = rjood, 

(B.7) 

(B.8) 

com a e P sendo autoestados da matriz de Pauli de spin com autovalores ±1, e 

Xoo ^- Pa) Xi-i=PP 

Xw = -^i^P + P<^) Xn = aa (B.9) 

rjoo — —7={ud — du) rji-i - dd 
V2 

T]io — —r={ud + du) rjn - uu. 
V2 

(B.IO) 

Podemos escrever agora as funções de spin e sabor para o proton e para o nêutron 

com projeções ±1/2 na forma 

bt) = 
n/Is ■ 

2u|(l)d|(2)u|(3) ± 2d|(l)u|(2)u|(3) ± 2u^(l)u|(2)d|(3) 

- upi)dp2)up3) - ut(l)d^(2)ui(3) - dpi)uP2)up3) 

— d|(l)u|(2)u|(3) — U|(l)uj(2)df (3) — ii|(l)ií|(2)df (3) (B-11) 

bi) = 
^/I8 - 

- 2u|(l)d|(2)u|(3) - 2d|(l)u|(2)u|(3) - 2upi)ui{2)d^{3) 

± ii|(l)dj(2)íX|(3) ± U|(l)dj(2)u|(3) ± d|(l)u|(2)u|(3) 

± d|(l)«l(2)u|(3)±u|(l)u|(2)di(3)±ut(l)ui(2)d|(3)l, (B.12) 

bt) = 
- 
- 2u|(l)d|(2)d|(3) - 2d|(l)u|(2)d|(3) - 2d^(l)d|(2)u|(3) 

± ut(l)di(2)d|(3) ± upi)dp2)dp3) + dpi)uP2)dp3) 

+ d|(l)ut(2)d|(3)±d|(l)oí|(2)uT(3)±d|(l)dt(2)uT(3)l, (B.13) 

\n i) = 
y/l8 - 

2u^{l)dp2)dp3) + 2dpi)up2)dp3) ± 2dpi)dp2)up3) 

- upi)dp2)dp3) - upi)dp2)dp3) - dpi)uP2)dp3) 

- d|(l)u|(2)d|(3) - d|(l)d|(2)u|(3) - d|(l)dt(2)u|(3)l. (B.14) 
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A partir dessas expressões pode-se obter diretamente os fatores que entram 

na definição do perador de criação de um barion. Por exemplo, usando as convenções: 

o; = 1 

a = 3 

P T, 

n t, 

cv = 2 

o; = 4 

P í 

■ n i, (B.15) 

«i = 1 

Q!i = 3 

u T, 

dt 

ai = 2 

a,; = 4 

u i 

di, (B.16) 

temos que 

1 7^141 _ ^ 7-1II4 
18^1 “ 18^1 

= 2 
18 
1 J_ J1231 _ J_ j-213 _ J_jtl23 _ J_ j>132 _ J_ji312 

18 ^ 18 ^ 18 ^ 18 ^ 18 ^ 
J_y321 ^ m 
18 ^ ^ ' 

Os outros são obtidos da mesma forma. 

Por fim escreveremos a estrutura de spin e sabor para os mesons D: 

D ) = - f3a)uc = - uic-f), 

\D~) = ^{aP- f3a)dc = -^(d^'^1 ~ 

(B.18) 

(B.19) 

donde podemos extrair facilmente os coeficentes entram na definição do 

operador de criação de um meson D. 



Apêndice C 

Derivação das massas dos barions e dos mesons 

Neste apêndice vamos apresentar a derivação das expressões para as massas dos 

barions e dos mesons. O presente Apêndice está incluído aqui por completeza e está 

baseado na derivação original feita na Ref. [18]. Vamos empregar como ansatz as 

funções Gaussianas dadas no Capítulo 3. Necessitamos da energia de partícula única 

Wfc, dada pela Eq. (3.144). Conforme mencionado anteriormente, Uk recebe uma con- 

tribuição de autoenergia dependente de Vc e Vr- Essa contribuição de autoenergia 

é divergente no infravermelho devido a Vc, que é uma interação confinante. Para 

os estados singleto de cor, como o barion e o meson que estamos considerando, essa 

divergência torna-se crucial para o cancelamento da divergência infravermelha vinda 

do termo H^. 

Por outro lado, a aproximação de baixos momentos introduz artificialmente uma 

divergência ultravioleta nesse termo de autoenergia. O problema está na integral 

sobre a variável ç, a dependência na variável k não causa problema pois no fim do 

cálculo ela será integrada com uma função de onda que se anula rapidamente com o 

aumento de fc. A integral sobre a variável q não será atenuada desta forma por uma 

função de onda e o problema persistirá. No caso onde não se utiliza a aproximação 

de baixos momentos a integral sobre a variável q é finita. Para evitarmos este 

problema, simplesmente não faremos a aproximação de baixos momentos para o 

termo que Mq/Eq na Eq. (3.144) proporcional a Vc{q) - no entanto, essa mesma 

aproximação não é boa para o termo proporcional a Vr{q) porque outros termos na 

Eq. (3.144) devem ser levados em conta, o que levaria a mais uma integral que não 

pode ser feita analiticamente. Com isso, temos então 

üJk = mf + 
(‘ 

(C.l) 
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C.l A massa dos barions 

Definimos a massa de um barion com spin-sabor a (no caso de um nucleon a = 

{Ms, Mt}, com MgS = 1/2 para spin e Mt — 1/2 para isospin) na forma 

Mb = Mb^ — £^a/3(0, 0) 
/3=a 

(C.2) 

onde 

Ea0{P,P') 
{aP\H\pn 

{aP\(SP') 
(C.S) 

com 

\aP) = BÍ{P)\Q), (C.4) 

sendo Bl^{P) o operador de criação do barion e P seu momento do centro de massa. 

Como dito na tese |Q) é o vácuo com a simetria quiral quebrada dinamicamente. A 

representação explícita do operador de criação de um barion, com todos os termos 

explicitados, é dado por 

bHP) 

X 

1 pClC2C3 7^/181/232/353 
^ ^ •‘•g  

v/3! \/S! Vis 

{P2)qIT^^ (Pa), 

J d^pi d^p2 d^pz ^p{pi,P2,n) 

(C.5) 

onde $p(pi,P2)í^) é a amplitude no espaço de Fock no espaço de momentos. Note 

que, em princípio, •í’p(pi,P2,/^) também carrega um índice a que, por simplicidade, 

foi omitido. Para o estado fundamental do barion g ^p{pi,P2,P3) são 

completamente simétricos em seus índices. A amplitude no espaço dos momentos 

pode ser escrita na forma 

^p(Pi,P2,P3) = 5{P-pi -p2 -P3)^{Pi,P2,Ps)- (C.6) 

Como fizemos na Tese, para manipularmos de forma simplificada as expressões, 

vamos utilizar a notação abreviada, onde colocamos todos os índices dos quarks 

(momento, cor, spin e sabor) em um único índice na forma 

(1 = {p,c,s,f}, (C.7) 

e da mesma forma para o índice do barion 

a = [P, a} (C.8) 

deve ficar claro no contexto que a indica a projeção de spin-sabor quando os índices 

forem feitos explícitos e indicará spin-sabor na notação abreviada. Desta maneira 

podemos escrever a Eq.(C.5) na seguinte forma 

Bi = (C.9) 
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É importante notar que é completamente antissimétrica nos índices 

devido aos índices de cor contidos nessa forma abreviada. Deve ficar claro também 

que estamos usando a convenção de que há uma soma ou integral sobre os índices 

repetidos, a menos que seja indicado o contrário. 

Na notação abreviada, o hamiltoniano de partícula única pode ser escrito como 

(aqui só estamos considerando a parte de quarks da hamiltoniana por ser a parte 

relevante no processo) 

íf/c = y d^kef{k)ql^^{k)q^/{k) = e(/r)gjg^. (C.IO) 

Da mesma maneira, a interação Vgg de pode ser escrita na forma abreviada 

(C.ll) 

Com todos estes ingredientes em mãos podemos iniciar os cálculos para a obtenção 

da massa dos barions. Para iniciarmos vamos calcular 

^ {aP\pP') 

O numerador da equação acima será dado por 

{a\HM = (C.13) 

Após efetuarmos as contrações entre os operadores de criação e aniquilação e uti- 

lizarmos o fato de que as amplitudes í' são completamente antissimétricas em seus 

índices, obteremos o resultado 

^y.21'2 1^3 ■ (CM) 

A flecha indica que esta expressão será verdadeira somente se estiver vinculada aos 

índices da amplitude Desta forma teremos 

{alHM = (C-15) 

Usando as funções delta teremos 

{a\HK\(3) = (C.16) 

Reinserindo os índices a expressão acima, em sua forma completa, será dada por 

{aP\HK\PP') = 3l^^-2C3^cxC2C2^j^axa2a2j^axa2a^ J ^3^^ ^3^^ ^3^^ 

5{P-P3-P2 -Pl)á(P' -P3 -P2 -Pl)l$(Pl,P2,P3)|lC.17) X 
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Note que no último passo supusemos que e{p) = e{k) é a mesma para todos os 

sabores (o que é aproximadamente verdade quando consideramos nucleons). Da 

normalização teremos 

_^rpa\a20t^fj^0L\a20tz — ^ ^ (C.18) 

e 
C1C2C3 C1C2C3 _ 1 

3! 

Com estes resultados poderemos escrever 

(C.19) 

{aP\HK\PP') = 6{P' - P)ô^0K^{P) (C.20) 

onde 

Kc{P) = 3 J d^pi d^p2 d^p3 e{pi)5{P' - p3 - p2 - pi)\^{pi,P2,P3)\'^. (C.21) 

Aqui introduzimos um índice a no K devido ao fato que $, em princípio, depende 

desse índice, como indicado. 

O termo do denominador em (C.12), {aP\^P'), é obtido facilmente. 

{aP\pP') _ _^ciC2C3 ^ciC2C3 _^/j^aia2a3'j-'aia20i3   p>'^ 

X J d^Pi d^P2 d^P3 (5(P' -P3 - Ã - Pl)l^(Pl,P2,Ã)P 

= 6{P-P')5^0. (C.22) 

Assim 0 resultado final para a Eq.(C.12) será 

E^g{P,P')=S„l,KUP). (C.23) 

Da Eq.(C.2) temos que a contribuição do hamiltoniano de partícula única para a 

massa do barion no estado de spin-sabor a, que denotamos por , é dado por 

= ^ j d^P\d^P2e{pi)\^{px,p2,-pi-p2)\^ 

= 3 J d^Pie{pi) J d^P2\^{pi,P2,-pi - p2)\^- (C.24) 

A seguir vanos considerar a contribuição da parte de interação do hamiltoniano 

EUP,P') 
{aP\Hi\pP') 

{aP\0') 
(C.25) 
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Temos que 

{a\Hr\p) = 

X (0k^3(lUlw^rql, (lU Ü0) > (C.26) 

onde 

V{fwap) = { Y 
a \ C4C2 / yi \ ^3C1 

:Vr{pi - P3)S{pi +P2-P3- Pi) 

X 

2 J (27t)3 

<^^4^'(5*/i[u^^(p4)ra/3«^(p2)]K‘'(p3)r^5<(pi)]. (C.27) 

Para calcular o termo {0\q^3q^2Qfii9l,Ql‘lpQ<rQUQUQÍ3\^) precisamos efetuar a contração 

dos operadores de criação e aniquilaçõ, cujo resultado final é dado por 

^pU2^1X21'^i P3l>3- (C.28) 

Considerando este resultado teremos 

= \v{p^opwr‘“^7“‘- (C.29) 

Agora, usando as funções delta e explicitando o potencial V{puap), e as amplitudes 
g obteremos 

fil / \a\ C4C2 / \a\ C3C1 
MH,m = (y 

d^k d^pi d^p2 d^p3 d^p4 

^íiÍ2^Í3h 

(27t)^ 
-5{pi +P2-P3- P4)5{Pa -P4-P3-k) 

" / 

X 5{pp - P2 - Pl - k)^ S4)P„/3uJ"(p2, S2)] 
18 

X [u)/KP3, S3)r,á<(Pl, - P3) 

X ^*{p4,P3,k)^P2,Pl,k) 

6 1 / \ ^ 

3Í2' 
 gC4C3CgC2ClC ^/4 /2 5/3 /i J ) 

X 
/ 

d^Pi d^P2 d^P3 d^Pi ^ ^ ^ 1 ^«4a3a' 
  5(Pl + P2 - P3 - P4)^ T„‘ • 

X tí (P4, S4)Pa;3U^" {P2, S2)] [u)/^ {p3, S3)TysU^g^ {pi, Si)] 

X Vr{Pl - P3)^*{P4,P3,Pa -Pl- P2) 

X $(P2,P1,Ã» -Pl -P2)- (C.30) 

Lembramos aqui que não deve haver confusão pelo fato de estarmos usando os 

mesmos símbolos a e P para os índices de barions e índices espinoriais de Dirac; 
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o significado de cada um deve ser claro no contexto em que surgem nas equações. 

Com isto obteremos para 0) ° resultado a seguir 

Ml 

X 

X 

X 

X 

1 
C4C3C C2C1C 

3! 2 

C4C2 C3C1 
^/4/2j/3/l 

/ + S - P. - P4)i 

[u^^ÍPí, S4)ra/?uJ(p2, S2)][u\E(p^^ S3)T^suI^ {pi, Si)] 

Tp-^-Vr{pi -p3)^*{p4,P3,Pa-Â-P2) 

^{P2,Pl,Pa-Pl -P2)- (C.31) 

A função delta no resultado acima nos mostra que p\ + p2 = P3+ P\- Fazendo uma 

mudança de variáveis q = P3—pi = P2—Pa podemos escrever pz = pi + q e Pa = P2~q 

e, usando as deltas de sabor poderemos escrever 

Ml 

X 

X 

6 1 í d^P. d-P2 1 _ 
3! 2 \2 ) \2 ) J (27t)3 18 “ 

[í^a"(P2 - q, SA)Ta0U^^"{p2, S2)][wí^'(Pl + 9> S3)T^5Us" {Pl, Sl)]Tp^^'^ 

Vr{^^*{p2 -q,Pi + q, -pi - p2)^{,P2,Pi, -pi - p2)- 

(C.32) 

Calculando o fator de cor e como 

,C4C3C^C2C1C ^ (C.33) 

obteremos 

= -4. (C.34) 

Com esse resultado podemos escrever a contribuição do termo de interação para 

massa na forma 

Ml 

X 

X 

[u}/^ (pi + q, S3)T^suI^ (pi, Si)]TS ™«Vr(í) 

^*{p2-q,pi + q,-pi -P2)^{p2,pi,-pi -P2)- (C.35) 

Estas expressões são exatas, ou seja, não envolvem as aproximações de baixos mo- 

mentos para os espinores. 
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Utilizando a expressão para energia dos quarks dada na Eq. (C.l) podemos 

escrever para 

3 y d^pie{pi) j d^P2|0a(Pl,P2,-Pl -P2)P 

/2 

d^P\d^V2^\(Í>a{.P\,p2,-p\ -P2)? 

X 2 
/ 

Cpç Mg 

(27t)3 Eg 
(C.36) 

Ml = -2f rpa^azc 
^S3S\^SiS2 Vc{q) 

rpOL20C\0. 

Para o termo M/, empregando a aproximação de baixos momentos, obteremos 

a expressão 

d^q 1 

(27t)3 18^“ 

X J d^pid^p2^*{p2 -q,Pi + q, ~Pi - P2)^{p2,Pi, ~Pi - P2) 

■ -qfk'’*' 

X J d^pid^p2^*{p2 -q,Pi + q, ~Pi ~ P2)^(P2,Pi, ~Pi ~ P2)- (C.37) 

Para calcular as integrais vamos utilizar o ansatz gausssiano discutido no texto 

principal da Tese, ou seja, 

3 
Í>(P1,P2,P3) = (C.38) 

para a qual teremos 

J d^p2\^{pi,p2, -Pl - P2)\‘^ = ^ g-3p?/(2a2) 

j d^pid?p2^*{p2 -q,Pi + q, -Pi - p2)^{P2,P\, -p\ - P2) = e (C.40) 

Juntando todas as partes poderemos agoar escrever a equação que fornece a 

massa do barion: 

Mb = Mf + Mi 

-3p^/(2a^ 

,-gV(2a=) _ Ml 

~ 3mf + — 2 
d^q 

(27t)^ 

onde desprezamos o termo m//2M/ ~ 0.01. 

M f / 
Vciq) 

-q^/{2a^) _ Ml 
E. q J 

(C.41) 
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C.2 A massa dos mesons 

De maneira análoga ao caso da massa dos barions definimos a massa de um meson 

com projeção de spin-sabor a como 

= ^0/3(0,0) 
0=a 

onde 

com 
{aP\!3P') 

(C.42) 

(C.43) 

\aP) = MÍ{P)\ü), (C.44) 

onde Ml{P) é 0 operador de criação do estado de um meson e P é o momento do 

centro de massa do meson. Como acima, |n) representa o estado de vácuo com a 

simetria quiral quebrada dinamicamente. A representação expliícita do operador de 

criação em termos dos operadores de criação de quark e antiquark é dada por 

|a) = Mt(P)|Q) = $^‘'çtçt|í2), (C.45) 

com normalizada como 

(al/3) = 

O valor esperado do Hamiltoniano no estado de um meson é dado por 

{a\H\P) = {a\HK\!3) + {oc\Hj\!3) (C.47) 

com 

{a\HM = (c.48) 

e 

Para escreveremos 

= ~^Xa‘'^{Pa -Pu- (C.50) 

Utilizando esta forma na Eq.(C.48) obteremos, para as contribuições dos termos de 

um quark e um antiquark do Hamiltoniano para a massa do meson: 

{a\HM = j dV J d^P2à{Pa - Pi - P2)5{P0 - Pi - P2) 

X ^fÁPl)<f>*aiPi^P2)MPuP2) 

+ J J (fp^S{Pa -Pl- P2)S{P0 -Pl- P2) 

X ^hiP2WaiP\,P2)(l>0{P\,P2) 

= 5^0Ô{P^-P0)M^, (C.51) 



Apêndice C. Derivação das massas dos barions e dos mesons 122 

onde, para Pa — 0, é dado por 

=y Í^Ve/i(Pl)|0(Pl,-pi)P + J C?W/2(P2)|<^(-P2,P2)P- (C.52) 

Considerando agora o termo (a\Hj\l3), teremos 

1 \oT\C3Ci 

f d^pi d^P2d^P3d^Pi^^ ^ ^ 

J  (270^ ~ PV^yPi +P2-P3- Pa) 

X WJ^iPz, S3)Tal3U^p{puSi)\[v\^‘^{-p2, S2)T^svl^ {-p^, S4)] 

X 5{Pa - P3 - Pa)5{Pí3 - P\ - P2)4>*{P3,Pa)(I>{Pi,P2) 

— da0à{Pa — P0)MI^, (C.53) 

onde para Pa = 0, será dado por 

4 f d?pi d^p2 d^ps d?pi 
M. 

(27t)^ 
Vr ÍP3 - Pl) [ulf^ {P3, S3 )ra/3uf (pi, Si)] 

■" = -II 

X [v)/^{-p2,S2)r^svI^-p4,S4)]Ô{p3+P4)(l)*{p3,p4)S{pi +P2)0(pi,Ã) 

^ ~Íj ^ ~ (PuSi)] 

X [vY^{pi,S2)r^svI'^{p3, S4)](p*{p3, -p3)(p{Pl, ~Pl) 

= j ^^j^3^^ÁP)[P'<I'{Pl + g. S3)Ta0U^p{pi,Sx)] 

X S2)T^svÍ\pi + q, S4)](f)*{pi + q, -pi - ^(f){pi, -pi), (C.54) 

sendo que o fator —4/3 surge do cálculo do fator de cor que é calculado da seguinte 

maneira 

1 _XC3C4 
3 V 2 

A“ a \ C3C1 AaT C3CI 
^ClC2 _ _ 1 

3\Y) 

Irr. 
sHyy 

4 

’3‘ 
(C.55) 

Até aqui não foi feita nenhuma aproximação de baixos momentos dos espinores 

u e V. 
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Para as contribuições vindas de e/(fc) de um quark e um antiquark para massa 

do meson obtemos 

= "i/l + "i/2 + 

+ 

II 

d^q 
Vc{q) 

{2'kY 

'm/i m/=' 

'Êf^W 

i/l -''"i/2 

e para contribuição da interação quark-antiquark 

d^q 
ML = -II Vc{q) (27t)3 

X J d^pi(l)*{q + pi,-q-pi)(p{pi,-pi). 

O ansatz gaussiano para as amplitudes 0 é dado por 

onde 

Desta forma teremos 

2m, 2m„ 

rriq + rrig ruq + rriq 

J o^Wl0(p, -P)|^ = 

j d^pi(t)*{q + p, -q- pi)(f){pi,-pi) = 

(C.56) 

(C.57) 

(C.58) 

(C.59) 

(C.60) 

(C.61) 

Somando as contribuições dos dois termos e teremos finalmente a ex- 

pressão para a massa do meson: 

M„ 3M Mo 

2e-<?V4/3^ 
M/i 

'W~~Êf 
(C.62) 
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Expressões explícitas para o potencial Vdn 

Aqui vamos apresentar as expressões explícitas de quantidades que aparecem nas 

Eqs. (6.17)-(6.19) que definem o potencial Vd^ÍPiP')- Iniciamos com os valores 

dos fatores a;f e loJ que aparecem na Eq. (6.19), mostrados na Tabela D.l. 

Tabela D.l: Os coeficientes u)f e uj da Eq. (6.19) para os processos envolvendo os 

sistemas D~N e e para os estados acoplados de isospin 7 = 0 and 7=1. 

Processo , ,C , ,T U>2 U>2 ^3 ^3 
, iC7 , ÇT 

n D~ 

pD~ 

nD^ 

pD~ 

pD° 

n D~ 

pD~ 

nD° 

■nD° 

1/3 1/3 

1/3 1/3 

r/3 1/6 

1/3 1/6 

1/3 1/6 

1/3 1/3 

1/3 1/3 

1/3 1/6 

1/3 1/6 

1/3 1/6 

1/3 1/18 

1/3 1/18 

1/3 1/9 

1/3 1/9 

1/3 -1/18 

1/3 1/18 

1/3 1/18 

1/3 1/9 

1/3 1/9 

1/3 -1/18 

7 = 0 

7 = 1 

0 0 0 0 0 - 1/6 0 - 1/6 

- 4/9 - 1/3 + 4/9 - 1/3 + 4/9 - 1/18 -4/9 - 1/18 

Nessa tabela estão mostrados os fatores o;p e uj tanto para os estados de carga 

D~N e D^N e também para os estados acoplados de isospin 7 = 0e7 = l,os quais 

são dados em termos dos estados de carga D~N e D^N através das relações 

|/ = 0> = ^[|p),|D-) + W,|B")] (D.l) 

e 

i/=i,M=i) = \p)m 

|/ = 1,M = 1) = |n)|D-) 

|7 = 1,M=1) = ±[\p),\D-)-\n),\D°)] 

124 

(D.2) 

(D.3) 

(D.4) 
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A seguir, apresentamos aa expressões para os fatores ai,bi,Ci,di e ôi, i = 1, • ■ ■, 4 

que aparecem nas Eqs. (6.18) e (6.19). Os subíndices i — 1, ■ ■ • ,4 referem-se a cada 

gráfico da Fig. 6.5. As expressões explícitas são [18]: 

Diagrama (1): 

3^ 
(3 + 2g)a2’ 

9 (l + 4p)(p + pQ 
(3-fi2^) (l + p)a2’ 

3 3'^ -l- 3 (1 p) 4- p (7 -f- 8 p -j-10 p^) 

6(3 + 2p) + 

Cl, 

p^-Kl + p)^-2p(-l + p^) 

(3 + 2p)(l + p)V 

1. 

Diagrama (2): 

^ g (3 + p) 
^ 2(3 + 2p)a2’ 

^ 9 [(2 + p + 2p)p- (l + g-2p)p'j 

^ {Z + 2g){l + p)a^ 

3p^-4-3(l-|-p) -f-p(7-|-8p-l-10p^) 

“ 6(3 + 2p) (l + p)V 

^2 = C2, 

g ^ + (1 + P)^ - 2p(-l + p^) 

^ (3 + 2p)(l + p)V ’ 

ai = 

6i = 

Cl - 

dl = 

Cl = 

<5i = 

Diagrama (3): 

«3 
6 + 7p 

4 (3 + 2 p) q2 ’ 

-3[1 + g + {1 + 2g) p]p + [3 + g + {3 - 2g) p] p' 

2 (3 + 2g) (l + p)a2 

(D.5) 

(D.6) 
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C3 

ds 

63 

Ss 

3g^ + 3(1 + p)^ + 5' 

6 (3 + 2g) (1 + pfa^ 

63, 

6l, 

1. 

Diagrama (4): 

&4 = 

64 = 

C4 - 

= 

2 + g 

4a^ ’ 

~{l + g + p) {p-p') 

2 (1 + p) 

Cl, 

d\i 

6a — Cl, 

5a = p. 

Nestas expressões, as quantidades g e p são definidas como 

a2 M„ 

^ /?2 ’ P Me ■ 

(D.7) 

(D.8) 

(D.9) 
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