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1 Introduccion

Los hiperones son los bariones con extraneza, y por extension, los bariones con algin
quark pesado. Como es bien sabido, los hadrones (bariones y mesones) son una
manifestacién de la fase no perturbativa de la cromodindmica cudntica (QCD) [8],
que es la que encontramos en el rango de energias caracterizado por la escala tipica
Agep = 0.2 - 0.3 GeV. Para poder realizar cdlculos en este rango de bajas energias
reemplazamos QCD por algin modelo efectivo. Entre éstos estan p.ej. el modelo de
quarks (QM) y los distintos modelos de bolsa (BM) [9], que tienen una motivacién
principalmente fenomenolédgica. Desde un punto de vista mas tedrico hay basicamente
dos argumentos que nos sugieren la forma de la teoria efectiva a bajas energias que
estamos buscando. Si consideramos en primer lugar el sector de quarks muy livianos
vemos que por un lado tenemos la simetria quiral SU(2);, ® SU(2)r espontdneamente
rota a SU(2)y, que es exacta en el limite en que los quarks u y d no tienen masa. Por
el otro lado tenemos la expansién en 1/N,, propuesta originalmente por t’Hooft [10]
y luego por Witten [11], donde el nimero de colores N, aparece como un parametro.
Esta expansion nos dice que en el limite N, — oo y suponiendo confinamiento,
QCD a bajas energias se reduce a una teoria de mesones débilmente interactuantes
(y glueballs) en la cual los fermiones aparecen como solitones y el nimero bariénico
es un invariante topolégico. De esta manera recuperamos la imagen familiar en la
fisica nuclear: los grados de libertad relevantes son los nucleones y los mesones.
Un aspecto muy interesante de los modelos solitonicos es que todos los pardmetros
se pueden fijar en el sector mesénico de la teoria, de manera que las predicciones
para los bariones, que estdn en otro sector topoldgico, no tienen parametros libres.
El modelo mas sencillo consistente con estas suposiciones es el modelo de Skyrme
[12], originalmente propuesto para SU(2). A partir del trabajo de Adkins, Nappi y
Witten [13], donde se demostré por primera vez que el modelo de Skyrme podia dar
una descripcién adecuada de las propiedades del nucleén y la resonancia A(1232), el
modelo se consolidé como un tema de interés permanente. Para un resumen de los
primeros resultados se pueden consultar p.ej. las refs. [14, 15].

Para incorporar la extraneza se extiende el modelo de Skyrme de una manera
natural a SU(3). En un trabajo reciente se encuentran resumidos los principales
progresos en esa direccién [16]. Un resumen de los primeros resultados se puede en-
contrar en la ref. [17]. Al cuantizar el modelo es necesario introducir coordenadas

colectivas y hay basicamente dos posibilidades: Las coordenadas colectivas se intro-



ducen en todo SU(3) lo que permite una diagonalizacién exacta del Hamiltoniano
colectivo resultante [18], o bien se introducen s6lamente en SU(2) y se tratan los gra-
dos de libertad con extraneza como grados de libertad vibracionales [19, 20, 21, 22].
Nosotros trabajamos en este ultimo modelo conocido como el modelo soliténico de
estados ligados (bound state soliton model, BSM). En este modelo el sistema que
describe a los hiperones consiste de kaones que se encuentran en estados ligados en el
campo de fondo del solitén. Este tratamiento corresponde a considerar que los efectos
de ruptura de simetria en la direccién de la extraneza son importantes y fue iniciado
por Callan y Klebanov [19]. El otro modelo mencionado, el modelo colectivo (CM), se
basa en la hipétesis contraria, es decir, que la simetria de sabor es buena. En ambos
casos se obtiene una buena fenomenologia para los hiperones extrafios [16, 23], lo que
manifiesta de alguna manera que el quark s es medianamente pesado y se puede llegar
a un modelo realista incorporando términos de ruptura de simetria, tanto partiendo
del limite quiral (CM) como del limite masivo (BSM).

La imagen fisica que subyace en todo este trabajo corresponde al limite pu-
ramente soliténico (o bosdénico) de una imagen mds amplia que se conoce como el
principio del gato de Cheshire. Este principio afirma que las propiedades de baja
energia de los bariones se pueden describir de manera complementaria en términos
de quarks y gluones o de mesones. Al igual que el gato de Lewis Carroll, en una
descripcion hibrida los quarks pueden aparecer y desaparecer de una manera gradual
al variar el tamano de una bolsa quiral empalmada con la cola de un soliton. Una
discusion reciente de esta filosofia general asi como también de la importancia de la
simetria quiral en la imagen fisica resultante y de distintos aspectos del modelo que
nos ocupa se puede encontrar en la ref. [23].

El presente articulo estd organizado de la siguiente manera: En la seccion 2 se
presenta el modelo soliténico de estados ligados y se hace una discusion general de los
valores que se obtienen para el espectro. En la seccién 3 estdan las expresiones generales
de las corrientes electromagnéticas y los valores que se obtienen para los momentos
magnéticos. En la seccién 4 se presenta el tratamiento general de los decaimientos
radiativos. Alli se discuten los decaimientos electromagnéticos del decuplete J¥ =
3% al octete JP = LT

2 2
Yo — Ay . En la seccién 5 discutimos las polarizabilidades eléctricas y magnéticas

, ademas del unico decaimiento permitido dentro del octete,

del octete. En la seccién 6 calculamos propiedades electromagnéticas y fuertes del
estado de paridad negativa A(1405), como por ejemplo su momento magnético, los

radios cuadraticos medios, sus decaimientos radiativos y la constante de acoplamiento



fuerte ga« nx. En general relegamos los detalles técnicos y las formulas explicitas a los
apéndices de cada seccion. Finalmente en la seccién 77 se presentan las conclusiones

generales.



2 El modelo

En las primeras tres subsecciones describimos el modelo soliténico de estados ligados
[19, 20, 21, 22] en el que realizamos nuestros calculos. En la subseccién siguiente
discutimos el espectro de masas que se obtiene. La forma explicita de la densidad
lagrangiana, los potenciales que intervienen en la ecuacién de movimiento de los
kaones y las funciones de onda de los estados de hiperones se pueden encontrar en los
apéndices. En todo lo que sigue es muy sencillo recuperar las expresiones correspon-
dientes al modelo de Skyrme, restringiéndonos simplemente a SU(2). Para el lector
que no tenga experiencia con el modelo de Skyrme le recomendamos la referencia [24],

donde podra encontrar calculos detallados.

2.1 La accién

Siguiendo los lineamientos generales presentados en la introduccién, nuestra accion
efectiva tiene grados de libertad mesénicos y pretende describir la fisica hadroénica
a bajas energias. Si bien una descripcién bosonica de QCD requeriria una cantidad
infinita de campos de mesones, es de esperar que a bajas energias los grados de libertad
mas importantes sean los mesones mas livianos. Un ingrediente basico del modelo
es la simetria quiral SU(3), ® SU(3)r espontaneamente rota a SU(3)y. De manera
similar a lo que se hace en el modelo ¢ no lineal, construimos una representacién no
lineal de la simetria quiral [25] con el octete de mesones seudoescalares J” = 0~ al

agruparlos en el campo quiral U

U(x) = exp[idgda(x)], (2.1)

donde A, son las matrices de Gell-Mann y los campos ¢,(x) se pueden identificar con
los piones, los kaones y el meson eta. Una transformacién quiral global SU(3), ®
SU (3) g esta parametrizada por dos matrices constantes C, € SU(3), y Cr € SU(3)r

Ux) — CLU2)C}. (2.2)

Es muy conveniente definir las siguientes matrices sin traza y antihermiticas, cuyas

transformaciones bajo el grupo quiral se deducen de las de U:

L,=U'd,U — CrL,Ch
R,=U3,U" — COLR,C}. (2.3)



El vacio ( ¢, =0 < U = 1) es invariante sélamente si C, = C, lo que constituye el
subgrupo diagonal de transformaciones vectoriales SU(3)y. Finalmente, para tener
en cuenta el hecho empirico de que la simetria quiral es aproximada, nuestra accion
efectiva también tendra términos no invariantes, los términos de ruptura de simetria.

Otra caracteristica fundamental del modelo es la existencia de solitones topolé-
gicamente estables. Si nos restringimos por un momento a U € SU(2), una con-
figuraciéon estatica U(Z) corresponde a una funciéon U : R? — SU(2). Para que
la configuracion tenga energia finita debemos pedir como condicién de contorno que
U(Z) o 1, con lo que identificamos todos los puntos en infinito con un punto y
compactificamos el espacio tridimensional en una hiperesfera S®. Como el grupo
SU(2) también es topoldgicamente S*, para cada configuracién tenemos una apli-
caciéon U : S3 — S3. Estas aplicaciones se clasifican naturalmente en distintas clases
de homotopia, a cada una de las cuales le podemos asignar una carga topolégica que

se calcula con la siguiente expresion
W] = / &z BO(7), (2.4)
donde

1
B = g5e Tx (L, L, L) (2.5)

es la corriente topoldgica, con la convencién €y193 = 1 para el tensor completamente
antisimétrico. W[U] es un nimero entero, se conserva independientemente de las
ecuaciones de movimiento, es decir que es independiente del modelo particular, y se
interpreta como el nimero bariénico. Consecuentemente, B* es la corriente bariénica.
Nosotros estamos interesados en el sector bariénico con W[U] = 1. El sector mesénico
corresponde a W[U] = 0. En nuestro caso en que U € SU(3) el solitén esta en el
subgrupo SU(2) de isospin, como se vera explicitamente en la préxima subseccion.
Nuestro punto de partida es la accién efectiva

I'=Tsk +Twz+ 1w, (2.6)
donde
Tep = /d‘*x{—f—gTr(L LM)+LTr([L L))} (2.7)
oK 4 g 32¢2 w )L '

Si restringimos U a SU(2) la ec.(2.7) es exactamente la accién de Skyrme. El primer

término es el modelo o no lineal, que no posee solitones estables. El segundo término



fue propuesto por Skyrme y estabiliza al soliton. También se lo puede interpretar
como el rastro que queda de un intercambio de mesones p en el limite muy masivo
m, — 00, [26]. Esto es similar a lo que ocurre en la teoria electrodébil, donde para
transferencias de impulso mucho menores que la masa del bosén de gauge se reobtiene
una interaccién de contacto, la teoria efectiva de Fermi. En la ec.(2.7) aparecen dos
parametros: f,, con dimensiones de energia, que es la constante de decaimiento del
pion y €, un parametro adimensional que determina el tamano del solitén y que se
puede identificar con la constante de acoplamiento entre mesones f,.r. Notese que si
bien el término de Skyrme es en general cudrtico en derivadas, sélo contiene términos
cuadraticos en derivadas temporales.
w7 es la accién no local de Wess-Zumino [27]
i\,

24072
donde N, es el numero de colores y el dominio de integraciéon es una variedad de

Ty s / &z 87 Ty(L, L, Lo LsL.,) (2.8)

cinco dimensiones que tiene como borde al espacio de Minkowski. El término de
Wess-Zumino juega un papel fundamental. Por un lado es responsable de que los
solitones, para N, = 3 y un numero de sabores mayor que dos, sean necesariamente
fermiones. Por otro lado esta es la interaccion que distingue entre kaones y antikaones,
de tal manera que estos ultimos sean los que forman estados ligados con el soliton,
como se vera explicitamente en la subseccién siguiente. Como consecuencia de esto
so6lo obtendremos hiperones de extraneza negativa, lo que es fenomenoldgicamente
correcto. En el caso de U € SU(2) el término de Wess-Zumino se anula idénticamente.
Finalmente tenemos I'y, , los términos de ruptura de simetria [28]

2,,2 2 2.2
Iy = /d4x {f”mﬂQmeKTr[UjLUT—ﬂ

L 3fema —(if?(m% T [y (U + U1)]

+7f12(1_2 Jx Tr [(1 - \/3)\8) (U(@MU)TGHU + UT@MU(aMU)T)]} (2.9)

que tienen en cuenta que la masa del pion m, y la masa del kaén myg son diferentes,
asi como también que la constante de decaimiento del kaén fx es diferente de la
del pion f,. Las matrices de Gell-Mann estdn normalizadas de la manera usual
Tr(AaAp) = 20ap -

La expresion explicita de nuestra accion ejemplifica lo dicho en la introduccion:
El modelo no tiene parametros libres, todas las constantes que aparecen estan di-

rectamente relacionadas con la fisica de mesones. Sin embargo, a la hora de evaluar
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numéricamente las predicciones del modelo, suele ser conveniente elegir las constantes
de tal manera que ajusten algunas propiedades baridénicas, como p.ej. la masa del

nucleén, la masa de la A, etc. Nos ocuparemos de esto en la seccién 2.4.

2.2 El ansatz

En el modelo de estados ligados los grados de libertad con extraneza se tratan de una
manera diferente que los grados de libertad de SU(2). En el sector SU(2) tendremos
nuestro solitéon, que es exactamente igual al skyrmién en la aproximacién en que
trabajamos. Esto se debe a que la expansién en 1/N, nos permite separar las distintas
contribuciones y podemos suponer entonces que la presencia de los kaones no modifica
la forma del soliton. Estos kaones que se mueven en el campo de fondo del solitén son
cuantizados como grados de libertad vibracionales. Para ello hacemos una expansién
cuadratica en la extraneza, despreciando las autointeracciones entre los kaones, que
son de orden superior. Este es el tratamiento usual que se hace de las fluctuaciones.
En esta aproximacion el nimero de kaones que pueden estar ligados al solitén no esta
limitado. Sin embargo, en el modelo completo hay cierta evidencia [17] de que la
interaccién kadn-kadn es repulsiva y que previene la posibilidad de que se ligue un
cuarto kaon. La extraneza queda asi limitada al valor S = —3, que estd de acuerdo
con los hechos empiricos. Por otro lado, en el sector SU(2) la simetria de isospin es
buena y para cuantizar el sistema debemos introducir grados de libertad colectivos
que tienen en cuenta correctamente los modos de frecuencias cero. Nos ocuparemos
de ello en la seccién 2.3.

Como parametrizacion del campo quiral utilizamos el ansatz de Callan - Kle-

banov [19]
U =JU, U \JU, | (2.10)

Uk = exp [z}/—g( 0 K)] (2.11)

donde

Kt 0

y K es un doblete de isospin

K = ( K ) K'= (K K). (2.12)



U, es el campo de fondo del soliton

uy 0
U, = (0 1) , (2.13)

una extensién a SU(3) del campo u, = exp[iT - 7/ f] € SU(2). La parametrizacién
(2.10) no es la tinica posibilidad, también se han ensayado otras alternativas [22] con
resultados similares. Para wu, utilizaremos el hedgehog ansatz convencional, que nos

dard la solucién estatica de minima energia con nimero bariénico igual a uno

u) = expli7 - #F(r)]

= cos F(r) 4+ i7 - fsin F(r). (2.14)

Aqui 7 son las matrices de Pauli, 7 es el versor # = 7/r y F(r) es el angulo quiral.

Con el hedgehog ansatz y la convencién usual x# = (¢, ¥) la carga topoldgica (2.4) se

reduce a
W= 47r/ dr 2By , (2.15)
0
1 sin? F
By, = —F ) 2.16
0 272 r2 ( )

En general, para las condiciones de contorno F(0) = nm y F(o0) = 0 obtenemos
W = n. Nosotros tomaremos consecuentemente F'(0) = 7.

Reemplazamos (2.10) en la accién (2.6) y expandimos a segundo orden en los
campos de kaones. La densidad lagrangiana que se obtiene de esta manera se puede
escribir como la suma de una contribucién puramente SU(2) (que es exactamente
igual al lagrangiano de Skyrme, ec.(2.7), con el término de masa para los piones) y
otra contribucién que describe la interaccion efectiva entre el solitén y el kaén. Las
expresiones explicitas estan en el apéndice A.

Es importante recordar que nuestro modelo estd motivado en la expansién 1/N,,
donde el nimero de colores es un parametro grande. Esto nos permite separar dis-
tintos 6rdenes. Para ello es ttil recordar [24] que

wfrk o< Ne, (2.17)
1/ o« N., (2.18)
Mg, mg o< 1. (2.19)

En la expresion explicita del lagrangiano efectivo, ver apéndice A, se ve que el orden
dominante es O(NV.), correspondiente a la contribucién SU(2). A este orden recu-

peramos el modelo de Skyrme con piones masivos. En el caso estatico que estamos



considerando el Hamiltoniano es simplemente H = —L, con lo que obtenemos para
la masa del solitén

oo 12 sin? F 1 sin®? F [sin? F
S0 - / d 2 2 2
Mo 4 . rr { F~ 4+ +

12
r2 22 2 +2Fl

r2

+m?2 f2(1 — cos F)} (2.20)

La minimizacion de esta masa clasica nos da la siguiente ecuacién no lineal para el

perfil F(r)

<F"+2F'—isin2F>
r r2

1 (1 1
~ 7 (—4 sin’ Fsin 2F — 5 (F"sin 2F + 2F" sin” F))

e \r r
—m?2sin F = 0, (2.21)

que se resuelve numéricamente con las condiciones de contorno F'(0) = my F(c0) = 0.
Una propiedad importante que tiene el hedgehog ansatz, ec.(2.14), es la invari-
ancia ante una transformacion de grand spin N=1TL+ T, siendo I el operador de

momento angular

L = —ifxV (2.22)
y T el operador de isospin
T = [g, ! (2.23)

El calculo explicito permite verificar que

(L+T)uD = o. (2.24)

™

El hedgehog u{") es la matriz mas general de SU(2) que satisface esta invariancia.
Esta conexion entre las rotaciones de isospin y espaciales tiene consecuencias fisicas
importantes.

El orden siguiente en la expansién 1/N, es O(1) y esta dado por el lagrangiano
de interaccién entre el solitén y los kaones, ec.(2.64, 2.65, 2.66), a partir del cual
obtenemos la ecuacion de movimiento para los kaones. Como es de esperar, resulta

conveniente realizar una expansion del campo de kaones en ondas parciales usando
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{A% L* A.} como conjunto completo de observables. La expansién en estos modos

normales es

K(7t) = Y kan(r,t) Yaga.(7) (2.25)

AL
donde Y, .4, son armoénicos esféricos spinoriales, ya que el isospin del kaén es % La
conveniencia de esta expansion se ve mas claramente aun si consideramos la forma
que toma el lagrangiano de interaccién solitén-kadn, ec.(2.64, 2.65, 2.66), después de

reemplazar el hedgehog ansatz (2.14)

L = fE'K —h(r)VK" VK — hy(r)0, K10, +i\(r) (K'K - K'K)
—KN(V(r) +mi) K (2.26)

con
V(r) = Vo+WT-L+V, 12 (2.27)

Las funciones radiales f,hi,ho v A se encuentran en el apéndice A. V,V; v V, también
son funciones radiales cuya forma explicita se puede obtener facilmente de las expre-
siones que presentaremos mas adelante para el potencial efectivo Ve/}’l, que es el que
nos interesara principalmente. Lo que queremos destacar aqui es la presencia del op-
erador TE, que demuestra de manera explicita la utilidad de la expansién (2.25), que
nos permite desacoplar los distintos modos. La situacion es similar a la que tenemos
p.ej. en fisica atémica, en el caso del acoplamiento spin-6rbita. Lo particular del caso
que nos ocupa es el acoplamiento del espacio interno (isospin f) con el espacio de
configuracién (momento angular L). Para cada modo obtenemos

Loy = fOVRTE = )R +ix(r) (BT — k%) — (V' () +mi) KTk (2.28)

e

donde suprimimos los indices de ky ;. Los potenciales h(r) = hi(r) + ha(r) vy V:}l(r)

se encuentran en el apéndice A. Finalmente obtenemos una ecuacién de movimiento

radial
[f(r) 8 + 2iA(r) 0, + O(r)] kay(r.t) = 0 (2.29)
donde
Sy o Ldood 2 AL
O(r) = = dr(r hdr) +my + Vs (2.30)



Esta ecuacién tiene soluciones de energia positiva y energia negativa, que identifi-
caremos con kaones y antikaones respectivamente. La caracteristica importante que
diferencia la ecuacién (2.29) de una ecuacién de Klein-Gordon es el término lineal en
derivadas temporales, que tiene como efecto que el espectro sea asimétrico. El ori-
gen de esta contribucién es el término de Wess-Zumino, que distingue asi extraneza

positiva y negativa.
La cuantizacién del campo k(r,t) se realiza de la manera usual, expandiendo

en modos normales
kaa(rt) =3 [ka(r)e™etbf + ky(r)erta, ] (2.31)

n>0

donde separamos las frecuencias positivas de las negativas. Con nuestras conven-
ciones wy,,w, son positivas y quedan determinadas por las siguientes ecuaciones de

autovalores
[f wZ+2)\ w, — O} kag(r) = 0, (2.32)
[f @2 =2X\ @ — O] kay(r) = 0. (2.33)
Tenemos estados ligados si wy 1, < mg.

A partir de las ecuaciones de movimiento y usando la hermiticidad de O se

obtienen las siguientes relaciones de ortonormalidad.

[ odr 2k ke, [f(r) (W + W) + 2A(1)] = Gom (2.34)
[ dr 2K ke [ (1) (G + Om) — 2M(7)] = Gpm » (2.35)
S dr P kk [F(r) (wn = @m) + 2X(r)] = 0 (2.36)

El momento canénicamente conjugado a k(r,t) es
r(r ) = fr)ET—ix@r)k (2.37)

Las relaciones de conmutacién canénicas

B (), (', 1)] = 2@ : (2.38)
Kt (r ), k(r,0)] = 0, (2.39)
70, 7(rt)] = 0. (2.40)

implican las relaciones de conmutaciéon usuales para los operadores de creacién y

destruccién
[an, au = Onm,» [bn,bu = Opm (2.41)
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donde el resto de los conmutadores se anula. El Hamiltoniano

H = /der’H
s At s T
H o= atr+il (Ko —2tk) + kT + (Vi +mk + 5 ) KR (2.42)
f f f
se reduce a
H = Y (Gnafan +wiblby) . (2.43)

n>0

lo que demuestra, como es bien sabido, que en el caso cuadratico las frecuencias

clasicas nos dan las energias cuanticas del sistema. La extraneza esta dada por

S = i/dr 72 (K — k) = Y (aha, — bb,). (2.44)
n>0

Como veremos en la subseccion dedicada a discutir los valores numéricos, la asimetria
en el espectro de la ec.(2.32) se traduce en que para los valores empiricos de los
parametros hay dos estados ligados con & = —1, mientras que los estados con S =1
estan en el continuo [20, 21, 22]. El estado ligado de menor energia corresponde a
(A, 1) = (3,1). Los distintos bariones del octete J” = %Jr y del decuplete J¥ = %Jr se
obtienen poblando ese estado ligado con kaones. Cada kaon contribuye con § = —1 a
la extraneza y con wy; a la energia. Si sumamos simplemente |S| veces la energia w a
la masa del soliton se obtiene la masa del centroide con extraneza S. Para obtener el
espectro de los hiperones aiin debemos construir estados de buen spin e isospin. Las
diferencias de energia entre estos estados estan dados por las correcciones rotacionales.
Para obtenerlas introducimos en la proxima subseccion las cooordenadas colectivas.
En cuanto a los estados del continuo, un analisis de corrimientos de fases en el
canal § = —1 demuestra la presencia de resonancias en ondas parciales con momentos
angulares [ > 2 [29]. En particular, la A(1520) aparece como una resonancia en el

canal A =3/2,1=2.

2.3 Las coordenadas colectivas

Los autoestados de spin e isospin se generan por un procedimiento que consiste es-
cencialmente en aproximar las soluciones exactas dependientes del tiempo por otras,
donde la dependencia temporal estd completamente contenida en las coordenadas

colectivas asociadas a los modos cero, que luego se cuantizan canénicamente.
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En nuestro caso, introducimos coordenadas colectivas en SU(2) sélamente

us(7t) = At)ulD(?)Al(1),
) = AQK(F 1), (2.45)

K(

S

con A(t) € SU(2). K es el kaén en el sistema de referencia del laboratorio y K es el
kaon en el sistema de referencia rotante del soliton.

Siguiendo la ref. [19] queremos examinar cudles son los nimeros cudnticos de
K. Ante una transformacién de isospin u, — Bu,B' estas variables transforman

como

A — BA,

K — K, (2.46)

de donde se concluye que K tiene isospin igual a cero. Por otro lado, bajo una rotacion

espacial
USTH) — eza-Lung)e—za L _ p—id TUSTH)eza T,
K — 9K = @Teidh g (2.47)
donde usamos que e/ @Ay(H)e—id@A — o,(H) Esto nos dice que ante una rotacién espacial
™ ™

Ay K transforman de la siguiente manera

A = AeiaT (2.48)

B o g, (2.49)

de donde se concluye que el operador de momento angular total de K es el grand spin
K, que de ahora en mas también llamaremos Jr sobreentendiendo que se trata del
momento angular del kaén en el sistema de referencia del solitén.

Definimos una velocidad angular O
%F- G = A4 (2.50)

que es de orden O(1/N.) debido a que el solitén rota despacio porque su momento de
inercia es de orden O(V,). Reemplazando en el lagrangiano, ec.(2.62), las expresiones

(2.45) y usando la definicién de  obtenemos el término adicional 6L

L(K,uz) = L(K,ul))+4L,
1 5 o
5L = 5@92—CQ-JK (2.51)
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que es de orden 1/N, y que nos dara las correcciones hiperfinas a la energia. © es el

momento de inercia del soliton

1 in? F
o — %fﬁ/derSinQFll—k—(F’2+Sm )] (2.52)

€2 f2 =

y ¢ es la constante de estructura hiperfina, cuya forma explicita se puede encontrar

en la ref. [30]. El momento angular colectivo queda definido canénicamente por

Je = 09
= 00 —cJi. (2.53)

Para el Hamiltoniano obtenemos (s6lo consideramos antikaones)

HI"r = My + |S|w + %(fc +eJg)? . (2.54)
La interaccién fc : fK indica que los hiperones seran autoestados de J = J_; + fK,
es decir que el momento angular colectivo y del kaén se acoplan para dar finalmente
el spin del hiperén. Los kaones mantienen su estadistica bosénica a pesar de que se
comportan como particulas de spin % debido a la transmutacion de su isospin en el
campo del solitéon. Por lo tanto, en caso de tener mas de un kaon ligado en el canal
A= % la funcién de onda debe ser completamente simétrica. El momento angular

total del sistema de kaones es entonces el maximo posible, es decir

1
Jr = §|S| (2.55)
Un ejemplo de esto es la Q~, con JX = %+.

Los operadores de isospin y de momento angular colectivo estan relacionados
[24]

I = —%Tr [AT7A] T (2.56)

de donde se obtiene que J? = I*>. Como el momento angular total .J del hiperén debe
ser semientero, una consecuencia de esto es que si la extraneza es par el isospin es
semientero y viceversa, si la extraneza es impar el isospin es entero, como podemos

ver en la tabla .
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Tabla 1

Particula I Jr S Jx l
N 1 %i 0 - -
3 3
PO A I B AP
2 2
2 1 L -1 1 1
Y 1 E -1 1 1
= ! 1 -2 1 1
= 1 gt -2 1 1
Q 0 3" -3 3 1
A(1405) 0 s -1 5 0

Table 1: Numeros cuanticos de algunos bariones que se obtienen poblando el canal

A= % con antikaones.

Los estados ligados con [ = 1 (ondas p ) tienen paridad positiva, mientras que
los correspondientes a [ = 0 (ondas s ) tienen paridad negativa.

Tomando los elementos de matriz diagonales del hamiltoniano, ec.(2.54), entre
distintos estados del octete y del decuplete de hiperones, obtenemos la féormula de

masas

My s = Moo +w|S|+ % [cJ(J+1)+(1—)I(I+1)+ Qw(m +2)] (2.57)

donde I, J y S son el isospin, spin y la extrafieza respectivamente. Las funciones de
onda de los estados correspondientes se pueden encontrar en el apéndice B.
Para el estado fundamental |[A = %,l =1, A, >, utilizando las ec.(2.81, 2.82) se

puede ver que el campo de kaones se reduce a

1. o
) = ——_47re“"tk(7")7-rxl\z (2.58)

donde y*: es un isospinor de dos componentes. En este caso obtenemos para la

constante hiperfina

4 F
cp = 1-— 2(.(}1/d7" k2 { gf(?") 7"2 COS2 5

1 d 4 F
ECEr) [E(TQF, sin F) — 3 sin? F cos” 5] } (2.59)
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con la funcién de onda de los kaones normalizada de acuerdo con las relaciones de

ortonormalidad (2.34) de la siguiente manera

Q/dr PR [f(r)w + A(r)] = 1. (2.60)

2.4 Resultados numéricos para el espectro

A continuacién presentamos los principales resultados que se obtienen para tres con-
juntos de pardmetros distintos [30, 31]. En SET Iy SET III tomamos el valor empirico
de la masa del pion. En el SET II tomamos el limite quiral. En el caso del SET Ty del
SET II la constante de decaimiento del pion f; y el parametro de Skyrme € se toman
de manera que ajusten los valores empiricos de la masa del nucleén y de la A. En el
caso del SET III se fija f; en su valor empirico y se ajusta el pardmetro de Skyrme
€ para reproducir correctamente la diferencia de masa entre el nucleén y la A. Si
bien en principio también es posible determinar € a partir de propiedades puramente
mesonicas, como p.ej. la constante de acoplamiento f,., en caso de considerar al
modelo de Skyrme como el limite de bajas energias de una teoria con mesones vec-
toriales, o bien el scattering pién-pién en una onda parcial D [32], aqui tomaremos ¢
como un parametro ajustable. Este es el tratamiento usual y es razonable esperar que
sea necesario un ajuste de este tipo mientras no se tengan en cuenta las correcciones
a un lazo de piones. Por ejemplo, al tomar el valor empirico de f, en el SET III
obtemenos un valor muy grande para la masa del solitén que se traduce en un valor
de aproximadamente 1.7 GeV para la masa del nucleén. Esto es un problema bien
conocido y se resuelve teniendo en cuenta las correcciones cudnticas [33], que serdn
ignoradas en todo este trabajo. Una referencia muy reciente sobre esta cuestion es
[34].

En todos los casos la constante de decaimiento del kaén la determinamos a
partir del valor fenomenoldgico ff—’; ~ 1.22. Para la masa del kadén tomamos el valor
experimental myxg = 495MeV. Para los tres conjuntos de parametros obtenemos
dos estados ligados, uno de paridad negativa para [ = 0 y otro de paridad positiva
para [ = 1. En la tabla II presentamos las energias y las constantes hiperfinas

correspondientes.
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Tabla II

SET 1 SET II | SET III
m;, (dato) 138 MeV 0 138 MeV
fr (dato) 54 MeV | 64.5 MeV | 93 MeV
¢ (dato) 4.84 5.45 4.26
Mo (MeV) 864 864 1646
0 (fm) 1.01 1.01 1.01
w (MeV) 209 222 254
wo (MeV) 388 415
¢ 0.39 0.50 0.33
co 0.78 0.77

Table 2: Energias de ligadura y constantes de acoplamiento hiperfinas para tres
conjuntos de pardmetros distintos. El subindice indica el momento angular [ del

estado ligado.

A partir de la ec.(2.57) se pueden determinar los valores de @ y ¢ que mejor

ajustan el espectro [31]

w = 218 MeV

& = 0.65 (2.61)

En la tabla III presentamos las diferencias de masas con respecto al nucleén.

Posiblemente la mejor prediccion se obtiene para el SET II, que corresponde
a tomar la masa del pion igual a cero. En este caso los valores calculados difieren
en menos de un 10% de los experimentales. En los demé&s casos se obtienen valores
similares. El ajuste muestra cual es la mejor prediccién que es posible obtener dentro
del modelo, con la férmula de masas (2.57).

Para el estado de paridad negativa A(1405) las masas calculadas estan aprox-
imadamente 100 MeV por debajo del valor experimental. Esto contrasta con la
situacion tipica para modelos de quarks, donde en general se obtiene una masa de-
masiado grande para esta resonancia [35]. Finalmente podemos concluir que el modelo
nos da un espectro de masas satisfactorio, mas aun teniendo en cuenta de que para

todo el sector extrano no tenemos ningin parametro libre.
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Tabla III

particula | experimento ajuste SET I SET II SET III
A 293 +3 293 293 293 293
A 177+ 1 176 147 167 189
by 254 +5 244 266 265 320
> 446 + 3 435 381 411 416
=) 3719+ 4 392 372 395 465
=" 594 + 2 582 486 542 562
Q 733 £1 736 610 684 729

A(1405) 468 +4 - 358 386

Table 3: Diferencias de masas (en MeV) respecto de la masa calculada del nucledn.
Los valores experimentales indicados son las diferencias de masas entre promedios de

multipletes de isospin.
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2.5 Apéndice A: Los potenciales

En este apéndice presentamos la forma explicita del lagrangiano del modelo que nos
ocupa, que se obtiene a partir de la ec.(2.6) expandiendo a segundo orden en kaones
usando el ansatz de Callan-Klebanov, ec. (2.10), asi como también la ecuacién de
movimiento correspondiente y los potenciales que aparecen en la misma.

Para el lagrangiano tenemos

L = Lsye) + L+ Li+ Lwz+ O(K?) (2.62)
Lov = 2 Tr(@,ul0n Ly [0t Ot un]
SU(Z) - Z I'( Mu7r uﬂ')—i_@ I'[ HUWUTH Vu?ruﬂ']
1
+5 F2m2 Tr(ug +ul —2), (2.63)

1
L, = (D,K)'D'K — S Tr(0,ul0"u ) KK — m% KK
1f7

ZmiK (uy + ul — 2)K, (2.64)
4 fk
1 1 2 Y
Ly = ey [é Tr [ﬁuuiruw,ayuiruﬁ] K'K +2Tr(a"a”)(D,K) D, K
1
+§(D#K)TD”K Tr(0,ul0"u,) — 6(D,K)'[a",a"]D,K| (2.65)
N,
Ly = i B"|(D,K)'K — K'D,K]. (2.66)
K

donde usamos las siguientes definiciones:

1
v, = 5(Nfauz\wNauz\fr) (2.67)

1
a, = §(N78MN—N8HNT) (2.68)
D,K = 0,K+v,K (2.69)

con N = /u,. Usando el hedgehog Ansatz para u,, ec.(2.14), y la expansién en

ondas parciales (2.25) obtenemos la siguiente ecuacién de autovalores para los kaones

1 d d
- (°h(r) ) = mic = VeF () + f(n)w]; — 28A(r)way| kau(r) = 0. (2.70)

donde S es la extraneza del kadn y w, ; es la energia correspondiente al modo kj ;. Con

las convenciones que usamos sélo debemos considerar energias positivas. Tenemos un

20



estado ligado si wy ;, < mg. El potencial \/e/}l(r) esta dado por

2 FN 2 .9 .. 92
A sin® 5 1 o  sin® F’ 1 9 sin® F'
Ve(r) = 2( " 2) l1+462f%( (F' —1—77“2 )] 1 F=+2 "

g |2 )
—% (SiﬁF sin’ g + d% (F'sinFsin2 9)]

g

e

3 1 lSiHZF cos ﬁ(F,SmF)] } AAN+1)—1(1+1)—3/4

2e2f2r2 | r? dr 2
—%@5(1 —cos F). (2.71)
Los potenciales restantes son
hr) = hi(r)+ha(r) =1+ ﬁ“fﬂ# (2.72)
hi(r) = 1+ 4621 f?(F’Z, (2.73)
) = fag <2SH71~22F - FQ) | 2T
f0) = 1+ oy (F’2 +2SH;22F> , (2.75)
Ar) = —85}?{ Sil:;FF’ (2.76)
= 4]\[7%80' (2.77)
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2.6 Apéndice B: Las funciones de onda

En este apéndice describimos como se construyen las funciones de onda de los hiper-

ones. Partimos de la funcién de onda del skyrmién [24]

27 +1
272

(-1)*=p") (2.78)

—13,53

\115253 = |I7 137 53 > = gp(I)

()

donde ¢() es una fase arbitraria y D 15,5, son las matrices de Wigner [36]. Para el

skyrmién tenemos que I2 = 52, siendo I el operador de isospin y S el operador de
momento angular. I3, S3 son las proyecciones respectivas.

En esta representacion el operador
1 t
Ry(4) = STr |Afr, Ar] (2.79)
e

1
aj *
La funcién de onda del hiperén se obtiene acoplando el grand spin A del kaon

corresponde a la matriz D

ligado con el momento angular del skyrmién. De esta manera obtenemos los estados
de hiperones |H > como autoestados de momento angular J, de isospin I (aportado

totalmente por el skyrmién) y extraneza S. Explicitamente

\H >= 1,15, J,Js >ay = S < S Bl Js — A, A A, > ) Ka, (2.80)

A

donde K AiA. es la funcién de onda del kaon ligado. Queremos destacar que el isospin
Iy = % del kaén no contribuye al isospin total del hiperén. En el campo de fondo del
soliton, el isospin del kadn se acopla con su momento angular orbital como si fuera

una particula de spin % Obtenemos
Kan, = kn(r) Y. (7) (2.81)

donde Ya;x, son armoénicos esféricos espinoriales

<MAJLA, -L L4 lsy
Va. = | A (2.82)
2073~
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3 Propiedades electromagnéticas estaticas

3.1 La corriente electromagnética

Para incluir la interaccion electromagnética de una manera minimal partimos nue-
vamente de la accién efectiva quiral con términos de ruptura de simetria, ec. (2.6).
Siguiendo el procedimiento usual incorporamos el campo electromagnético A, como

un campo de gauge introduciendo la derivada covariante

D, U =0,U +ie A, [Q,U] (3.1)
donde e? =1/137 y
1 1
— | A3+ —=A 3.2
Q 5 l3+\/§ 8] (3.2)

es el operador de carga eléctrica. Nuestra accién efectiva sera ahora
F[Au] = FSK[A;L] + Fan [Au] + Fsb[Ay] (33)

donde T'sx[A,] v ['s[A,] tienen la misma forma que antes con la derivada comin

reemplazada por la derivada covariante.

Tsx[A,] = / d'z {ff Tr(D,UTD"U) + é Tc ([D,U'U, D,UTUT) }, - (3.4)
Told,] = /d4x {f5m72f ﬁ;ﬁfm%{ Tr [U + Ut - 2]
il _fo%m%( Tr [As (U +UT)]
+% Tr [(1 - V3)s) (U(D,U)'D*U + UTD,U(D U)1)] }(3.5)

En el caso de la parte anémala 'y, hay que tener un poco mas de cuidado. la expresién
invariante de gauge se obtiene incluyendo términos adicionales [27, 37] y es

N,
24072

Ne /d4x 7 {eA, Tr[Q(L,L,Ly — R,R,R,))
1872 " viipls vy Lty
—ie?A,0,4, Tr[2 Q*(L, — R,) + QU'QUL, — QUQU'R,|} .
(3.6)

Can[A,] = / d®z €% Ty(L, L, Lo LsL.)
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Agrupando términos lineales y cuadrdticos en A, (los cibicos y cudrticos se anulan)

podemos escribir la accién efectiva, ec. (3.3), como

[[A,] = D/verte 4 plin 4 pevad (3.7)

donde
plin - —/d%; e A", (3.8)
pewad  —  _ / d'z e* A, G A, (3.9)

y [/uerte g la accién en ausencia de campos electromagnéticos, ec.(2.6), que describe
las interacciones fuertes que dan lugar al hiperon.
Para la corriente electromagnética se obtiene la expresion

2

Jto= =i T {Q(LF + BY)}
_Z-% T {(1 = V3\) (U, QI — LU, Q) + [UT, QIR — RA[U, Q)
+_ Tr{Q ([L,, [L*, L") + [R., [R*, R*]))}
+4§ e T {Q (L, L,L, — R,R,R,)} . (3.10)

La contribucion cuadrética es conocida como la contribucion seagull . Para el tensor

G" se obtiene la siguiente expresién

2
G = g lszrPQ fK12 7 Tr{(l —\/g)\g)(PZUTnLUPQ)}]
bl
+Zé\7:_2 HVPT Ty [(2Q2 + QUTQU)L — (2Q2 + QUQUT) ] d,, (3.11)

donde se usaron las siguientes definiciones

P =Q-U'QU, (3.12)

hw = Tv|PL,PL,—P’L,L,| . (3.13)

El tensor métrico es g = diag(1,—1,—1,—1). En las ecuaciones (3.10) y (3.11) se
distinguen claramente las distintas contribuciones provenientes del término cuadratico

(modelo ¢ no lineal), del término cudrtico (término de Skyrme), de los términos de

ruptura de simetria y de la contribuciéon anémala.
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La forma de la carga eléctrica, ec. (3.2), nos permite escribir la corriente elec-
tromagnética como la suma de una contribucién isovectorial J§' y una contribucién
isoescalar J§'.

Jh o= Ji+ JE (3.14)

donde hay que tener el cuidado de trabajar con la corriente en el sistema de referencia

del laboratorio, es decir
Ji = DL (3.15)

S . . . . " ‘ .
J, " es la corriente isovectorial en el sistema rotante del solitén y estd asociada a la
— N
carga () = .
En el apéndice A se encuentran las expresiones generales para la corriente elec-
tromagnética después de expandir a segundo orden en los kaones, asi como también

sus elementos de matriz diagonales correspondientes al estado fundamental.

3.2 Los momentos magnéticos

El operador de momento magnético es
u:§/dr7"><Jem. (3.16)

Nosotros estamos interesados basicamente en la tercer componente del momento
magnético fi. Su contenido operatorial queda explicitado separando las distintas

contribuciones de la siguiente manera [38, 39]

pho= (3.17)
,u:;) = MS,0J3+MS,1J?( (3.18)
g2 = =2ty + fos|S)) DY (3.19)

Los momentos magnéticos elementales g0, o1, Moo ».1 son funciones de los
bl ? bl Y bl b
perfiles clasicos y de las funciones de onda del kaén. J. es el momento angular

colectivo, Jx es el momento angular del kaén y Dé?

es una matriz de Wigner.
En la tabla IV presentamos los elementos de matriz diagonales del operador p?,

ec. (3.17). El caso de la A(1405) se discute por separado en la seccién 6.
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Tabla IV

( ) _ 1 n 2
pu\p - 2“5,0 3/1/11,0
1 2
p(n) = 5/15,0 - g,uv,o
1
,U’(A) = 5“5,1
2 1 2
p(xh) = JHs0 = Ghs1 Tt 5(/%,0 + 1)
2 1
M(EO) = g/is,o - 6#3,1
2 1 2
YX7) = S0 — sy — o (e v
n(X7) Shs0 = gHsa = 3 (Hoo + po)
. 1
:“(E ’+) = Hso T+ 5,“3,1 + (Nv,o + Mv,l)
N 1
M(E 70) = ,U/s,O + 5/1/5,1
. 1
p(EeT) = Hs,0 + 5,“3,1 - (Nv,o + ,Uv,l)
1 2 2
2 = —= s SHs1 — S\ My 21y
(=) ghso + ghst = g (o + 201)
—_ 1 2 2
pE") = T gHs0 + s + §(Mu,o + 24ty,1)
—%,0 1 2
M(: ’ ) = 5/15,0 + fsa + g(ﬂv,o + 2}%,1)
v 1 2
M(: ’ ) = 5“5,0 + Hs1 — g(uu,o + 2,“/11,1)
_ 3
M(Q ) = Eﬂs,l

Table 4: Momentos magnéticos para los distintos bariones del decuplete y del octete.

Las contribucién puramente solitonica es

2M

fso = —Wg/dTTZSiHZFF,, (3.20)
1

Hypo = §MN@ (321)

Las contribuciones mixtas del solitén y los kaones que se obtienen en el caso del estado

26



fundamental A = % , [ =1 son

4 F
Hs1 = C1 Hso — gMN/dT r? {k2 cos? 5

1 -4k2 : 2F 2F kQFIQ 2F 3kle/ . F 322
+4€2f12(_ﬁsm cos §+ cos 5—1— sin ,(3.22)
M F L F
Mo = TN/dr r? {k2 cos? 5 (1 — 4 sin? 5)
1 [k, , F L F
+—4€2f12( _4ﬁ sin” F' cos Bl <3 — 8sin 5)
F F
+k?F"? cos? 3 (1 — 18sin? 5) — 2k2w?sin® F
F
2k sin? F + 3kK F' sin F (3 _ 4sin? 5)] }
N.M _ ‘
+ 36 al f;dl 5 /dr r (k2 sin? FF' + kk'sin 2F) : (3.23)
o

En estas formulas My es la masa del nucleén, que aparece debido a que los momentos

magnéticos estan expresados en unidades del magnetén nuclear 21\51]\,'

3.3 Resultados numéricos para los momentos magnéticos

A continuacién presentamos los resultados que se obtienen [39, 31| para los tres con-
juntos de parametros que ya discutimos en la secciéon 2.4. En la tabla V también
se incluyen los momentos magnéticos elementales fis0, f[is1, floo ¥ flv,1 Que mejor

ajustan los datos experimentales [39]. La diferencia mas significativa con respecto

Tabla V

ajuste | SET I | SET IT | SET III
fso | 0.88 0.74 0.56 0.37
Moo | 3.53 2.40 2.40 2.40
M1 | -1.19 | -1.07 -0.77 -1.11
fy | -0.93 | -0.16 | -0.13 -0.10

Table 5: Momentos magnéticos elementales expresados en magnetones nucleares. En
todos los casos se usé My = 939MeV .

a los valores 6ptimos se encuentra en el caso de p, ;. El médulo de los momentos

elementales calculados es en todos los casos mas pequeno que el valor dado por el
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Tabla VI

particula | experimento | ajuste | SET I | SET II | SET IIT | QM
P 1.00 1.00 1.00 1.00 1.00 1.00
n -0.68 -0.68 | -0.63 | -0.70 -0.79 | -0.67
A° -0.22 -0.22 | -0.27 | -0.21 -0.31 | -0.21
Xt 0.87 0.90 1.10 1.07 1.10 0.96
¥0 0.28 0.34 0.27 0.24 0.29
¥~ -0.41 -0.34 | -0.42 | -0.54 -0.62 | -0.38
DIRs 1.03 1.24 1.29 1.18 1.13
¥*0 0.10 0.10 0.09 -0.11 0.13
T -0.83 | -1.04 | -1.12 -1.39 | -0.87
=0 -0.45 -0.47 | -0.66 | -0.58 -0.72 | -0.50
S -0.24 -0.20 | -0.19 | -0.07 -0.18 | -0.16
=0 0.13 0.35 0.49 0.30 0.25
=6 -0.67 | -1.07 | -1.03 -1.34 | -0.75
Q- -0.69 -0.64 | -0.82 | -0.63 -0.94 | -0.62

Table 6: Momentos magnéticos del octete y del decuplete respecto del momento
magnético calculado del protén. La columna QM presenta los resultados del modelo

de quarks de la referencia [40].

ajuste. Por ejemplo, vemos que usando los valores correspondientes al SET I para el

momento magnético del proton se obtiene p, = 1.97 y para el neutrén p, = —1.23.
Estos valores son mucho menores que los resultados experimentales ,uz(f“’) = 2.79
y ple?P) = —1.91. Sin embargo el modelo soliténico en general reproduce bien los
cocientes de los momentos magnéticos. Obtenemos p,/p, = —0.63 que compara
favorablemente bien con el valor experimental p(°*P)/ ,u;“p) = —0.68.

Los mejores resultados se obtienen para los dos primeros conjuntos de para-
metros, SET Iy SET II y son similares a lo que se obtiene en el modelo de quarks
[40]. Las diferencias con respecto a los valores empiricos son de aproximadamente un
20-30%, lo que se puede considerar como razonablemente bueno si se tiene en cuenta

que no tenemos ningun parametro libre.
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3.4 Apéndice A: Expresiones explicitas

En este apéndice presentamos las expresiones generales de la corriente electromagnéti-
ca expandida a segundo orden en los kaones y también las expresiones que se obtienen
para los elementos de matriz diagonales correspondientes al estado fundamental.
La contribucién cuadratica junto con la contribuciéon que proviene de los tér-
minos de ruptura de simetria es
2

= T TH{QL + R

—i# Te{(1 - v/3)s)

(U, QL — MUY, Q) + (U, QIR* — R*[U,Q])}.  (3.24)
La contribucién cuartica es

- 8—; T{Q ([Ly, (17, 27 + [Ro, [R", R'])) ) (3.25)

y finalmente la contribucién anémala es

NC vpo
Ty = 753" T{Q(L,L,Ls — R,R,R,)}. (3.26)

Tomando — 2 ohtenemos la parte isovectorial. Es conveniente usar las siguientes
b 2

definiciones
M, = %(NTTI,N + N7, NT), (3.27)
Sy = %(NT N — N7,NT). (3.28)
Para la contribucién cuadratica obtenemos

Jh = if2Tr(Syat)
+% [KIM,D'K — (D"K)I MK — Tr(Sya") KK} (3.29)

Para la contribucién cuartica obtenemos
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Ty = =5 T (Sl a))

by N _ .
+13 f?({ Tr(a"a") (K'M,D, K — (D, K)'M,K)

+Tr(a,a”) (K1M,D'K — (D*K)' M, K)

-3 (K'My[a”, a")D, K — (D, K)'[a", a"]M, K
+Tr(Spa”) (D' K)'D,K + (D, K)'D'K)

—2 Tr(Sya*) ((DYK)'D,K)

+3 ((D"K)![a", $,]D, K — (D,K)'[a”, S} D"K)
+ {2 Tr(a*a”) Tr(a,Sy) — 2 Tr(a,a”) Tr(a"Sy)

+3Tx([a”, a][ay, Sp))} K1K | (3.30)
y para la contribucién anémala
y Ne i i i i
Tty = _@{ BUKTMK + —— ((DaK) apa, S — K'Syaqas Dy K
— Tr(ao M) (DsK) Dy K + Kfaga, ) }. (3.31)

Tomando Qg = % obtenemos la parte isoescalar. Para la contribucién cuadratica

obtenemos
7
Tys = 5(KT DMK — D'KTK). (3.32)
Para la contribucidon cudartica obtenemos

Thys = { Tr(a"a") (D, K)'K — K'D,K)

(3
4e? 2
+Tr(a,a”) (KID'K — (D"K)'K)

+3 (K'[a", a"]D,K + (D, K)'[a",a"]K) } (3.33)

y para la contribucion anémala

N, N,
w o c . c 1—
Ty = B~ 12 f?(B“K K. (3.34)

A continuacion presentamos los elementos de matriz diagonales correspondientes al
estado fundamental A = £ , I = 1, incluyendo términos hasta orden O(N?) . Para los

antikaones en el estado fundamental tenemos en las siguientes férmulas

Jg = < AJg|A, >= _Xj\;gXAz- (3.35)
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La contribucién cuadratica isovectorial es

JY = —f2sin? F(Q—Q-7 )
k? - -
+24—w1 [(1+ cos F)Jyc - 7 7 — cos F' Ji| | (3.36)
, F
Sy = f231n szlfl
1 2
—8——(COSF + cos 2F) e 7 (3.37)
T
La contribucién cudrtica isovectorial es
1 ’F\ = =
Ty = —osin F(F'2 SH;Z (G- G-77)
.2
wi 9 5 sin” F o F - -
+87T62f2 {k <F' +4 e ) <2cos 5 K 77— cos F JK>
2
,sin” F' -
—2k = Jx
+6kk F' sin F(Jy - 7 7 — fK)}, (3.38)
; 1 sin? F sin? F R
J4b = —6—2 ., (FIZ+ 7“2 )Qbﬂ”l
1 k? °F F
Tonet 2 { KF’Q s1n2 ) (cos Fcos® — — 4sin® )
me2fi | r r
) 202
sin® F' o F sin“ ', F
+3 3 cos F' cos 5—1—8 3 oS 5]
. 2F
K2 — 12,2 Sin
+2( wy) ,
, o SInF N
+3kE'F'——(1+2cos F) p € 7 (3.39)
r
y la contribucion anémala isovectorial es
N, sin? F
0 _ 2
J(an)b - 247T3f2 {k F 2 JK
k? F F' oo
+2ﬁ cos? g[kF'co 3 Ik Ji -7
—k'sin F (-7 7 — Ji) | } (3.40)
) NC 2 1 Al
Slanpy = pUTEy o [k F'sin® F + kk'sin QF} €ipl T (3.41)
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La contribucién cuadratica isoescalar es

Jog) = —EkQ, (3.42)
~ 1 k2 F -
Jé(g) = %7 COS2 5 r X JK (343)

La contribucién cuartica isoescalar es

o wik? 9 sin? F

ey = “1grarz Z (F t2—5— ) (3.44)
: 1 kK (_,,  sin®F , F ,,SinF o

J4(8) = 787%21‘[2( [7 (F +4 3 cos ) + 3kk'F " rx Jg (3.45)

y la contribucion anémala isoescalar es

N, sin? F N, sin? F
0 _ C ! c 2
Taney = = 1272 r2 32m3 f2 WE r2 ' (3.46)
; N, sin? F Ll =\
Ty = Ty F E) (3.47)
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4 Decaimientos electromagnéticos

En esta seccion estudiamos los decaimientos radiativos de los hiperones. Obtenemos
predicciones para los anchos de decaimiento totales. Ademads calculamos el cociente
E2/M1 entre las transiciones cuadrupolares eléctricas (E2) y dipolares magnéticas
(M1) correspondientes a los decaimientos del decuplete al octete.

Proximamente los experimentos que se realizardan en CEBAF[4] y Fermilab[5, 6]
proveeran informacién nueva y precisa sobre los decaimientos electromagnéticos de
los hiperones. Esto hace que sea de gran interés estudiar estas transiciones en los
diferentes modelos teéricos y comparar las distintas predicciones. Las transiciones
entre estados hadronicos son mas sensibles a su estructura interna que el espectro de
los hadrones, por lo que usualmente constituyen una puesta a prueba mas exigente
para los distintos modelos que las propiedades “diagonales” como las masas y los
momentos magnéticos. Los decaimientos radiativos de hiperones ya se calcularon
hace algin tiempo en el modelo de quarks no-relativista [41, 42] y en el MIT bag
model [42]. M&s recientemente este tipo de transiciones también fue examinado en el
contexto de la teoria de perturbaciones quiral para bariones pesados [43] y también
en una simulacién numérica de QCD en la red [44]. Nosotros realizamos el estudio
en el modelo soliténico de estados ligados [1].

Para los decaimientos del decuplete al octete J© = %Jr — JP = %Jr estan
permitidas las transiciones multipolares E2 y M1, cuadrupolar eléctrica y dipolar
magnética respectivamente. A menos que exista alguna regla de seleccion partic-
ular las transiciones M1 dominan fuertemente con respecto a las transiciones E2.
El cociente E2/M1 es una cantidad importante que refleja la posible existencia de
deformaciones de carga en los estados baridnicos. De hecho, este cociente para
A — N~ recibi6 recientemente una considerable atencién, tanto desde el punto de

vista tedrico [43, 44, 45] como del experimental [46].

4.1 Foérmulas generales

Esta subseccién es un breve resumen de los pasos a seguir para obtener los anchos de
decaimiento totales. Seguimos escencialmente las convenciones de la ref.[47]. Parti-
mos de la siguiente expresion para la probabilidad de emisiéon por unidad de tiempo de

un fotén con polarizacién m = +1, con un vector de onda k, debido a una transicién
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multipolar (a — 3, al)

Ty (Fmsal) = 0| Sga(Fm: al) Py (4.1
donde df2; es el diferencial de angulo sélido y

Ssa(kmial) = < B|Sum(k;a)|a> . (4.2)

El indice a indica si la transicién es eléctrica (E) o magnética (M). El momento
angular estd dado por [. El cambio en la paridad entre los estados iniciales y finales
estd dado por (—1)! para las transiciones eléctricas y (—1)*! para las transiciones

magnéticas. Tomando el eje z en la direccién de k£ obtenemos

Sim(k; E) = V2120 + 1% Quu(k; B), (4.3)
Sim(k; M) = V21V20 + 1 i' Qu(k; M) (4.4)

con
i (3 ) /]em- (ks 7 0) dr (4.5)
donde
T (b 7o M) =~ L (k) Vi ()], (4.6)
I(1+1)
ik, 7 ) = — ¥ s (L Lk Yin (7] (4.7

kyJI(L+1)

siendo j; las funciones de Bessel esféricas. Con estas definiciones Sy, (k;a) es un
operador tensorial de orden [. Para obtener la expresion general que corresponde al

caso en que k apunta en cualquier direccién realizamos una rotacion

Sgal (km; al) ZD k)Ssa(kq; al). (4.8)

Reemplazando en (4.1), integrando sobre todas las direcciones de emisién usando

. . 41
/ Dig (MDhg(R)d% = 5 G Byy (4.9)

y sumando sobre las dos polarizaciones m = +1 obtenemos

4k
Trallsal) = 577 5 ISaalbas ) (4.10)
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Usando el teorema de Wigner-Eckart tenemos

< B|Simla> = < IMim|J My >< J¢||Si||J; >, (4.11)
la> = |J;M; >, (4.12)
B> = [JM;>, (4.13)

donde los estados iniciales y finales son estados de buen momento angular. Sumando
sobre estados finales (A/;), promediando sobre estados iniciales (/;) y sumando sobre

¢, finalmente obtenemos para el ancho de decaimiento del proceso (J; — Jy, al)

4k 2Jp+1

Lo lkal) = k; > 12 4.14
En términos de €,
2Jr +1
Toulkial) = 8tk 2 < (ks a)||J; > 2. (4.15)

2J;,+1
En el caso de las transiciones Fl, siguiendo los pasos del teorema de Siegert que

nos permite expresar la amplitud de transiciéon en términos de la densidad de carga

i+ .
< Bl9Fla> = in T<B||Ol||a> (4.16)

eléctrica, obtenemos

donde
Oun(K) = [ pemir) Vi () r (4.17)
con n = 1 para la absorcién y n = —1 para la emisiéon de un fotén. Finalmente
obtenemos
[+12J;+1

Lpo(k; El) = 8mk——

I 27 +1 | < Jf||ol(k)||Ji > |2- (4.18)

4.2 Las expresiones del modelo

Como mencionamos en la seccién introductoria, estamos interesados en los siguientes

decaimientos radiativos del decuplete de hiperones

¥ = Ay,
¥ = Y,
= 2. (4.19)
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El desarrollo multipolar del campo electromagnético presentado en la subseccién an-
terior nos permite obtener a partir de la ec.(4.15) la siguiente expresién para el ancho

de decaimiento correspondiente a las transiciones dipolares magnéticas
Tan = 18e?q|< L3 |Ms(g)) 3L > % (4.20)

El elemento de matriz estd tomado entre estados del decuplete y del octete de hiper-
ones, ambos con proyeccién de spin J3 = +1/2. El operador Mg(Q) estd definido

como
y _ 1 j1(q7") — 7 3
() = 5 /T (7 % Jom), dr (4.21)

donde j;(gr) es la funcién de Bessel esférica para [ =1y Jum €s la corriente electro-
magnética. Por otro lado, el ancho de decaimiento correspondiente a las transiciones

cuadrupolares eléctricas se obtiene a partir de la ecuacién (4.18) y estd dado por

g = — €’ q|< 33 |Q33(Q)| 35>, (4.22)

8

donde el operador Q33 (q) estéd definido como

Q33(Q) = /dgT ]27(0—37“) <Z2 - %2> P (4.23)
Aqui j5 es la funcién de Bessel esférica para [ = 2 y p®" la densidad de carga eléctrica.
Las energias tipicas de los fotones emitidos en los decaimientos que nos ocupan y
los radios de los hiperones satisfacen aproximadamente gr ~ 1. En este caso se
cumple la condicién j; 1(gr) >> ji41(gr) y la aplicacién del teorema de Siegert para
la deduccidén de la ec.(4.22) es valida. Una ventaja importante de este método es que
evita inconsistencias relacionadas con la cuantizacién colectiva del Skyrmién [45].
Los operadores Mg(Q) v Q33 (q) se pueden obtener a partir de las expresiones
explicitas de fem Y Pem Presentadas en la seccion 3. Llegamos a la siguiente expresion

para ]\7[3((1)

Ms(q) = nes(q) 5+ nex(q) TE = 2(5(0) + [Slnux(q)) DS (4.24)

donde J¢ es el momento angular colectivo , JX el spin del kaon ligado y D:%) una

matriz de Wigner. Estos operadores ya fueron presentados oportunamente al discu-

tir los momentos magnéticos. La dependencia en el momento ¢ estd contenida en
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las siguientes funciones, estrechamente relacionadas con los momentos magnéticos

elementales.
1 . )
Nss5(q) = —%/dr rj1(gr) sin® FF', (4.25)
2 , _ 1 sin? F
Ms(q) = ?ﬁ/dr rji(gr)sin® F [1 + 7 <F12 4+ 3 )] : (4.26)

2 . F
Moa) = e msla) =5 [ dr ris(ar) {K* cos
1 kZ 2 2F 2 112 2F I .
+462f[2( [455111 F cos 5+/€ " cos 5+3kkF sin F'| $(4.27)
1 F F
Mok (q) = 8 /dr 1 (qr) {k2 cos? 3 <1 — 4sin? 5)

1 k2 . 9 o I .o F
+@ lllﬁ sin” F' cos Bl (3—831n 5)

F F
+Ek?F" cos? 5 <1 — 18sin? 5) —2k%wW?sin’ F
F
+2k™ sin® F + 3kk'F'sin F (3 — 45in? 5)] }

+Nc w
72 fim?

/ dr rji(qr) (K*sin? FF' + kK sin2F) . (4.28)

En las ecuaciones precedentes los subindices s y v denotan las partes isoescalares
e isovectoriales. Las contribuciones del soliton y del kadén estan indicadas con los
subindices S yK, respectivamente. Para el operador relacionado con las transiciones
cuadrupolares Qgg(Q) obtenemos
R I JK D(l)
1 3 1

@s3(q) = ws(q) [Jg D:(z?,) + 5] + Vo i (q) [J:;K D:(z?,) - GTBG (4.29)
donde I3 es la componente z del operador de isospin y la dependencia en ¢ esta
contenida en las funciones v, 5(¢) y v, k(¢) que son

87 f2 , , 1 sin? F
vos(q) = e /dr r? jo(qr) sin® F [1 + @(F'2 + = )] : (4.30)
8 F
() = cuvys+ B /dr r? ja(qr) {w k? cos? 3
w s o F, 5 sin? F' )
+ 1212 [k cos Q(F, +4 3 )+3kk'F’s1nF]
N, ° L F
— 8 3 {kQF' cos®’ — — kk'sin F} ) (4.31)
12m2f2  r? 2
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Para calcular los elementos de matriz correspondientes a los operadores M, (q)
y Qgg tenemos que evaluar los elementos de matriz fuera de la diagonal de J§, JX,
I3 D:%), JgDé?, JK D:%) y JE Dé}l) entre estados de hiperones. Esto se hace utilizando

las técnicas usuales de calculo para operadores de momento angular.

Para M; obtenemos

CAITG[So > = =2 nsla) + (@) (4.32)
<ABIS > = 22 sl) + k(@] (4.33
<SS > = Y sla) - manlo)] (430
SIS > = 2 i) - @) £ (sl@) +m@)] . (435)
V2
5

1o5(@) — 1o (@) £ 2 (lous (@) + 2m0rc(0))] , (4.36)

< EoM3lEf > = .

mientras que para ()33 obtenemos

< A|Q33(Q)|ES > = _?VU,S(q) ) (4.37)
< Yo|Qss(q)T5 > = 0, (4.38)
<2Qul> = 7L fsle) - 242) (4.89
A 4+/2
<ZOm@ED> = 220 k(0. (1.40)

Noétese que para gr << 1 las funciones de Bessel que aparecen en las expresiones

para los n’s y v’s se pueden reemplazar por la expresion aproximada. En ese caso

tenemos
Ms(q) — %ug, (4.41)
PN q2
Q3s(q) — 1—5Q33- (4.42)

Aqui, ps es el operador de momento magnético usual (estiatico) y (33 es el oper-
ador de momento cuadrupolar eléctrico. Sin embargo, hay que recordar que para las
transiciones que nos interesan gr = 1, por lo que la aproximacion “estatica” no es
buena.

Finalmente damos la expresién para el cociente E2/M1 que mencionamos en la

introduccién. Este cociente estd definido en términos de los elementos de matriz E2
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y M1 como [45]

B2 1< D(1/2)S20(~1/2) >
M T 3<D(1/2)SH[0(1/2) > (4.43)

Donde O(—1/2) representa un estado del octete con J; = —1/2, D(1/2) un estado
del decuplete con J3 = +1/2 y S, es el operador definido en la subseccién 4.1. En
términos de los elementos de matriz de los operadores M y Qgg este cociente puede

expresarse como

E2 5 < Qs >
B2 5 <Qu> (4.44)
M1 4 < My >
Comparando esta expresion con la ec.(4.20,4.22) notamos que se satisface la siguiente
relacién
| E27?
— = 3|— . 4.45
Lo [M 1} ( )
En el limite gr << 1 la ec.(4.44) se reduce a la expresién
E2 < >
7 < Qs> (4.46)

—
M1 4</L3>

dada en la ref.[45] para el caso particular del proceso Ny — A.

4.3 Resultados numéricos y conclusiones

En nuestros calculos utilizamos dos conjuntos de parametros distintos con el objeto
de estimar las incertezas intrinsecas del modelo. Los conjuntos SET I y SET II
a los que hacen referencia las tablas VII y VIII fueron presentados oportunamente
en la subseccion 2.4. Los resultados para los anchos de decaimiento totales estan
dados en la tabla VII. En todos nuestros cédlculos tomamos para el momento ¢ del
fotén la diferencia entre las masas empiricas de los estados iniciales y finales [41,
42]. Vemos que nuestros resultados coinciden bien con los del modelo de quarks no
relativista (NRQM) [41, 42, 44] y con el bag model (BM) [42]. Los valores que se
obtienen usando la teoria de perturbaciones quiral para bariones pesados [43] y QCD
en la red [44] también cubren un rango consistente con nuestras predicciones. Esta
coincidencia general entre los distintos modelos contrasta con la situaciéon que tenemos
para los anchos de decaimiento de la A(1405) [3] donde la prediccién del NRQM es

mucho mayor que la obtenida con otros modelos. Esto es otra indicaciéon de que
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Tabla VII

Nuestro calculo | NRQM | BM | empirico
SET 1| SET II

Yo — Ay 8 7 8.5 46 | 8.94+0.7

X5 — Ay 243 170 273 152

S Sy |19 11 18 15

¥ =Yy | 91 59 110

oS oy |1 1 2.5

=5 — S0 148 97 135

= Ey 5 5 3.2

Table 7: Anchos de decaimientos radiativos para hiperones (en keV’) calculados en
el modelo soliténico de estados ligados. Notese que los anchos parciales E2 y M1
se pueden obtener a partir de los anchos totales que figuran en esta tabla usando la
ec.(4.45) junto con las predicciones para E2/M1 de la tabla VIII. También presenta-
mos las predicciones del modelo de quarks no relativista (NRQM) [41, 42, 44] y del
bag model (BM) [42]. Incluimos la prediccién para el ancho de decaimiento ¥y — A~y

junto con su valor empirico, el inico valor medido hasta el momento.

contrariamente a los demds hiperones del octete, la A(1405) no se puede considerar
simplemente como un estado de tres quarks.

Otra caracteristica interesante de nuestro calculo es la supresién de los de-
caimientos X* — ¥_v, =¥ — =_~ de acuerdo con la bien conocida regla de seleccién
de U-spin de SU(3) [48, 49]. En la tabla VII también incluimos el ancho de de-
caimiento para la Unica transiciéon permitida dentro del octete, g — Ay, que es pu-
ramente M1. Hasta el momento, este es el inico ancho de decaimiento que se conoce
empiricamente. Como vemos, la prediccién del modelo soliténico es razonablemente
buena. En el limite estatico mencionado anteriormente el momento magnético de
transiciéon correspondiente a este proceso ya fue calculado en la ref.[38].

Los cocientes £2/M1 para las transiciones del decuplete al octete estan dados en
la tabla VIII. Como era de esperar, para las transiciones permitidas obtenemos valores
pequenos, mientras que para las transiciones prohibidas por la regla de seleccién de
U-spin, ¥* — Y v, 2 — = v obtenemos cocientes grandes. Nuestros valores son
similares en médulo pero tienen signo contrario a los resultados citados en las refs.[43,
44]. Esto se debe probablemente a una diferencia en la definicién del cociente E2/M1.

Aqui usamos las convenciones usadas en [45, 47]. En el caso de las transiciones
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prohibidas nuestros valores son un poco méas grandes. Para estas transiciones los
valores de M1 y E2 son pequenos, de manera que los valores precisos del cociente
FE2/M1 son més sensibles a los detalles de cada modelo y es de esperar que ocurran
diferencias cuantitativas. Una caracteristica particular de nuestro modelo es que
la transicién E2 (y por lo tanto el cociente E2/M1) correspondiente al decaimiento
Y5 — Yoy se anula. Esto es una consecuencia de la simetria esférica de la densidad
de carga isoescalar. Como se puede ver en la ec.(4.29) el operador Q53 s6lo tiene
componentes isovectoriales y haciendo un calculo sencillo se verifica que sus elementos
de matriz entre estados del mismo isospin son proporcionales a la proyeccion del

isospin, con lo que la amplitud para el proceso mencionado es cero.

Tabla VIII

SETI|SET II

St A | -456 | -543
St |0 0

St Y, | -484 | -7.61
S Y. | -57.7 | - 511
S5y | -3.13 | -4.38
=r = | -178 | - 185

Table 8: Cocientes E2/M1 (en %) calculados en el modelo soliténico de estados

ligados.
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5 Las polarizabilidades

En esta seccién presentamos un calculo detallado de las polarizabilidades eléctricas y
magnéticas de los hiperones del octete.

Las polarizabilidades electromagnéticas son cantidades de interés para la mejor
comprension de la estructura hadrénica [50]. Estas caracterizan la respuesta dindmica
de los hadrones frente a campos electromagnéticos externos. Hasta el presente se le
ha dedicado una gran cantidad de trabajo experimental y tedrico a las polarizabili-
dades del protén y del neutrén (ver p.ej. refs.[51, 52] como resimenes recientes de
trabajos experimentales y tedricos, respectivamente), pero muy poco se sabe sobre
las polarizabilidades de los hiperones. Sin embargo, con la puesta en funcionamiento
de los haces de hiperones en FNAL y CERN, la situacion experimental se modificara.
En particular, las polarizabilidades del hiperén ¥ se medirdn pronto en el experi-
mento E781 SELEX de Fermilab [7, 6]. Estas circunstancias provocaron un cierto
numero de investigaciones tedricas en diferentes modelos de hadrones. Se hicieron
predicciones en el modelo de quarks no relativista (NRQM) [49] y en teoria de per-
turbaciones quiral para bariones pesados (HBCPT) [53]. Como es bien sabido, ambos
modelos tienen algunos problemas para describir las polarizabilidades magnéticas de
los bariones. Dentro del NRQM es muy dificil entender la importante contribucién
diamagnética a la polarizabilidad magnética del nucleén. En el caso de HBCPT, las
predicciones no pueden ser muy precisas mientras no se incluyan las excitaciones de
los orbitales P (tipo A), que son de orden superior en la expansién quiral.

Por todas estas razones es interesante intentar una descripciéon basada en un
punto de vista completamente diferente, como el que provee el modelo soliténico.
Dentro del contexto de los solitones quirales, hasta el momento sélo se estudiaron
las polarizabilidades eléctricas [54], en el modelo colectivo. En nuestro trabajo es-
tudiamos las polarizabilidades estaticas, eléctricas y magnéticas, usando el modelo
de estados ligados, que ya sabemos que da buenos resultados para los momentos
magnéticos de los hiperones y sus radios [39, 55].

Las polarizabilidades estaticas estan definidas en términos del cambio de energia
0H que producen debido a la presencia de un campo eléctrico o magnético estatico

0H = —laEZ—lﬁBZ. (5.1)

2 2
donde la polarizabilidad eléctrica es a y la polarizabilidad magnética es 5. En lo que
sigue estudiaremos las dependencias en E? y B? por separado, eligiendo conveniente-

mente el potencial A*. A partir de la forma de la interaccién (3.7) queda claro que hay
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en principio dos contribuciones a las polarizabilidades estaticas, una que proviene del
término cuadratico en A*, que es la contribucion seagull y la otra que se obtiene apli-
cando teoria de perturbaciones a segundo orden al término lineal en A*. Esta tltima
contribucion, llamada dispersiva, es muy pequena en el caso eléctrico. En el Apéndice
A realizamos una estimacién de su magnitud. En el Apéndice B estdn resumidas las

expresiones explicitas a partir de las cuales se obtienen las polarizabilidades.

5.1 La polarizabilidad eléctrica estatica

El cambio en la energfa proporcional a E? se puede obtener ficilmente a partir de

(3.7) tomando un potencial A* de la forma
At = (A(), 0) 5 AO = —2F (52)

que corresponde a un campo eléctrico constante E a lo largo del eje z . Usando las

definiciones (3.12, 3.13), las contribuciones seagull se pueden expresar como

o /d3r{z [fﬂ Tr(P?) + 22h +fK3f7% {(1—\/§A8)(P2UT+UP2)}H.
(5.3)

Al deducir la ec.(5.3) supusimos que las contribuciones de tipo seagull al Hamiltoniano
son simplemente iguales a las contribuciones seagull que aparecen en el Lagrangiano,
pero con signo opuesto. Alrededor de este tema se generd recientemente una con-
troversia. En las refs.[52, 56] se argumenté que en general, en una teoria de campos
las contribuciones seagull eléctricas en el Hamiltoniano deben anularse. Sin embargo,
como se discutié en [57], esto no es asi si los grados de libertad estan restringidos a
un subespacio colectivo. En esta tltima referencia se demostro explicitamente que el
procedimiento que utilizamos es completamente valido cuando se trata al modelo de
Skyrme en la presencia de un campo eléctrico constante introduciendo coordenadas
colectivas.

La contribucién dispersiva a4 estd determinada por los elementos de matriz
del operador dipolar eléctrico que describen transiciones entre el estado particular del
octete que se esta examinando y estados excitados de paridad negativa. En general se
cree que oy es mucho menor que a,[58]. Por esta razén no volveremos a considerarlo
en nuestra discusién. En el apéndice A realizamos una estimacion de la aproximacion

en la que estamos incurriendo de esta manera.
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Finalmente observamos que «a, no tiene contribuciones provenientes del término
anémalo (3.6), debido a la antisimetria del tensor e#*7.
Reemplazando en a; el ansatz adiabaticamente rotado, se obtiene el siguiente

operador

e e 2 e
o = PO +of (D) 418

e 2 e e
181 (D)’ 48 D+ 1D 6

donde absorbimos la carga eléctrica e? en las polarizabilidades elementales %-(e) (1 =
1,...,6), que dependen del perfil del solitén y de la funcién de onda del ka6n ligado
solamente. Sus expresiones explicitas estan presentadas en el apéndice B. Finalmente
debemos evaluar los elementos de matriz diagonales de los operadores que aparecen en
(5.4) para los distintos estados de hiperones. Esto se hace usando las técnicas usuales
en los cédlculos con estados de buen momento angular. Para el octete de bariones

correspondiente al estado fundamental obtenemos

as(A) = vfe)+v§e)+%(7§e)+7§e)), (5.5)
as(Xo) = %e)+7§e)+%(7§e)+vf)), (5.6)
ay(Te) = 1+ + % (%7 +47) + % (v( )+ ;vé )> , (5.7)
as(Sg) = A1 24 4 ( +29f° )i ( + %()- )> : (5-8)

5.2 La polarizabilidad magnética estatica

Para calcular la polarizabilidad magnética estatica procedemos de manera similar.

En este caso tomamos como potencial vector

—

1
At = (0,~57 x B) (5.9)

que es el que corresponde a un campo magnético B constante a lo largo del eje z,
B = B3. Debemos tener en cuenta ambas contribuciones, la seagull y la dispersiva.

El hamiltoniano que se deriva de (3.7) es

H = Hfuerte + Hlin + chad, (510)
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donde, como antes, las contribuciones provenientes de L*" se anulan debido a razones
de simetria. El término cuadréatico nos da la contribucion seagull para la polarizabil-
idad magnética. Su forma explicita en términos de los operadores Py hy, es

po==5 ferlo - [pmen + B E o vaecor) |+

1
+2_62 [rirjhij + T2h33 — Tirg(hig + hgl) — (T2 — ZQ)hOO] } . (511)

Un calculo extenso nos demuestra que [, tiene la misma forma operatorial que a;

m m 2 m
o= [l (D) #2471
m 2 m m
+{IS| (D) 42 KD 4o JED] (512)

donde todos los operadores involucrados tienen que ser evaluados nuevamente entre
los estados de hiperones del octete. Por lo tanto, para la contribucion seagull de las
polarizabilidades magnéticas obtenemos expresiones formales similares a las de las ec.
(5.5)—(5.8), donde las polarizabilidades elementales ) estan reemplazadas por 7™
(1=1,...,6). Sus expresiones explicitas estdn expresadas en el apéndice B.
Queremos observar que al derivar la ec. (5.11) supusimos una vez més de

— L Estos es correcto a menos de una pequeia

manera implicita que H =
contribucién que proviene de L'® proporcional al cociente (u,/My)?, donde i, y My
son los momentos magnéticos isoescalares y la masa del nucledn, respectivamente.
Para una discusién més detallada se puede ver p.ej. la ref.[59].

Las contribuciones dispersivas se generan a partir del término H'" en (5.10).
Usando teoria de perturbaciones a segundo orden se obtiene

2 1\ |2
H_ € [(H | 3| H")]
Bd _2M2 Z

N H'+H mpg — Mg

(5.13)

donde los indices H y H' se refieren a distintos estados de hiperones. Al escribir la
ec. (5.13) usamos la forma explicita de H'" para el caso particular de un campo

magnético constante B a lo largo del eje z.
H"=——° By, (5.14)
2My

donde p3 es el operador de momento magnético discutido en la seccion 3.
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Los elementos de matriz relevantes se expresan en términos de los momentos

magnéticos elementales jis ;, /1, , €c.(3.20)-(3.23) y son

< ANpsl¥e > = —g (w0 + f1] (5.15)
<Al%> = 2 gt ] 510
< Yolus|Xy > = g (1150 — ths,1] (5.17)
<=t > = 2 [ s £ G+ )] 519
< Eg|u3|55 > = ? fso — fhs1 %(uu,o +2pp1)] - (5.19)

Notese que para cada hiperén del octete sélo algunos pocos elementos de matriz no

se anulan.

5.3 Resultados numéricos y conclusiones

En nuestros calculos numéricos utilizamos dos conjuntos de pardmetros distintos, SET
[ y SET III, que ya fueron presentados en la seccion 2.4.

Los resultados obtenidos se resumen en las tablas IX-XII. En las primeras dos
tablas, las tablas IX y X, presentamos las polarizabilidades elementales v; para el caso
eléctrico y magnético respectivamente. En las tablas XI y XII presentamos nuestros
resultados para las polarizabilidades eléctricas y magnéticas, respectivamente. En
el caso de las polarizabilidades magnéticas también presentamos las contribuciones
seagull y dispersivas por separado.

Discutamos primero los valores de las polarizabilidades elementales ;. Vemos
que para ambos conjuntos de parametros las contribuciones puramente soliténicas vy,
y 72 son mucho mas grandes que las demés. Esto vale tanto para el caso eléctrico
como para el magnético. Como resultado de este comportamiento esperamos una
separacion mas bien pequena entre los valores correspondientes a la contribucién
seagull de los distintos bariones. Esto se observa de hecho en las tablas XI y XII.
También notamos que los valores de ; son bastante dependientes de los valores de los
parametros. Esto es de esperar al menos en el caso de los términos dominantes v, y
v9. Como es bien sabido, en el modelo de Skyrme estas magnitudes son basicamente

proporcionales al cuadrado del radio isovectorial del nucleén! que a su vez es muy

'Esta relacién vale estrictamente para el término seagull eléctrico. En el caso magnético hay una
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Tabla IX

Set I | Set III
V1321 | 207
)1-16.0| -10.4

vl 111 | 0.78
)
)
)

~9 1034 | 0.19
vl 411 | 2.14
Vel | 383 | -2.23

Table 9: Las polarizabilidades eléctricas elementales (en 107*fm3 ), definidas en el

apéndice B, para dos conjuntos de parametros.

Tabla X

Set I | Set III
~m 11| 2735
A 4,91 | -3.00
~™ 062 | -0.42
~m 022 | 0.10
~m 0,93 | -0.42
~m 130 | -0.72

Table 10: Las polarizabilidades magnéticas elementales en 107 fm? (contribucién

seagull).

sensible a la eleccién de pardmetros. SET I nos da el valor < r2 >=1.08 fm? mientras
que el valor que obtenemos con SET III es < r2 >= 0.70 fm?. El valor empirico es
<12 >.np=0.81 fm? Por supuesto que esta dependencia en los parametros se refleja
en los valores de las polarizabilidades eléctricas y diamagnéticas de los hiperones.
Por otro lado , las contribuciones dispersivas a las polarizabilidades magnéticas son
mucho mas estables ante un cambio de parametros. Esto es una consecuencia de la
compensacion entre la dependencia con los parametros del numerador y denominador
en la ec.(5.13).

Es interesante comparar nuestras predicciones con las de otros modelos. Nue-
stros resultados nos dan un valor grande para la polarizabilidad eléctrica de . Esto

estd de acuerdo con las predicciones del modelo de quarks de la ref.[49], dgf“QM =

correccién numéricamente pequena .
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Tabla XI

Set I | Set III
N | 26.7 | 17.3
28.0 | 18.1
¥0 | 28.0 | 18.1
Yt 294 | 188

-

Y7 | 26.5 17.4
=0 | 311 19.9
= | 273 | 18.0

Table 11: Polarizabilidades eléctricas (en 10~ fm? ) para el octete %Jr. Sélo se con-

sidera la contribucién seagull.

20.8 x 10~*fm3. Sin embargo, este ltimo modelo predice un valor mucho menor para
el caso de ¥, @gFQM = 5.7x10~*fm3. Si bien nosotros también predecimos un valor
menor para Y~ comparado con el de ¥, en nuestro caso la separacién entre ambos
valores es mucho mas pequenia. Como mencionamos antes, esto es una consecuen-
cia directa del hecho de que en nuestro modelo las polarizabilidades eléctricas estan
dominadas por la contribucién puramente soliténica. Un resultado similar también
se encuentra en el tratamiento perturbativo del modelo colectivo SU(3) [54].

Para completar la discusion es importante mencionar que en el caso del nucledn,
donde el valor empirico de la polarizabilidad eléctrica (an)emp = 12 X 1074 fm3 estd
bien establecido (ver la ref.[51] para una determinacién reciente y un recuento de
la situacién experimental actual ), el modelo de Skyrme predice un valor un poco
grande en el caso del SET III y demasiado grande en el caso del SET I . Al igual que
el problema de la masa del solitén, parece haber indicaciones de que esto se puede
arreglar si se consideran las correcciones de orden superior [34]

Pasamos ahora a las polarizabilidades magnéticas. Nuestros resultados presen-
tan diferencias mas bien grandes entre los distintos hiperones. Esta diferenciacion se
debe a las contribuciones dispersivas. También observamos que en el caso del SET I
obtenemos valores negativos debido a que la contribucion seagull estd sobreestimada.
El valor que obtenemos para la polarizabilidad magnética de ¥ con el SET III es
compatible con la prediccién del modelo de quarks no relativista [49]. Por otro lado,
en el caso de la X7, si bien también obtenemos un comportamiento diamagnético,

nuestro valor (en médulo) es mayor. Los resultados que se obtienen usando teoria de
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Tabla XII

Set 1 Set 11
Bs | Ba | Brot | Bs | Ba | Brot
N |-128 | 56 | -7.2 |-83 | 5.6 | -2.7
-13.3 1120 -1.3 |-8.7 121 | 3.4
YO | -13.3 | -4.0 | -17.3 | -8.7 | -4.0 | -12.7
¥+t 1-140(101| -3.9 |-9.1 (104 | 1.3
-12.6 | 0.12 | -12.5 | -8.4 | 0.48 | -7.9
0 1-148 |13.0| -1.8 |-9.6 | 14.0 | 44
- 1-13.0]0.59 | -12.4 | 87| 1.5 | -7.2

-

-

(1 [

1+

Table 12: Polarizabilidades magnéticas (en 10~*fm? ) de los hiperones del octete 5.

En este caso la parte dispersiva también contribuye a la polarizabilidad total.

perturbaciones quiral para bariones pesados son bastante diferentes de los nuestros,
lo que es de esperar, ya que esos calculos no incluyen excitaciones tipo A.

Debido a que existen discrepancias importantes entre los distintos modelos esta
claro que los futuros experimentos en FNAL y CERN serdan de gran utilidad para

poder discriminar entre ellos.

5.4 Apéndice A: Contribuciones dispersivas a la polarizabi-

lidad eléctrica

En este apéndice hacemos una estimacion de la magnitud de la contribucion disper-
siva a la polarizabilidad eléctrica de los hiperones. Esta se origina en las transiciones
dipolares eléctricas a estados excitados de paridad negativa. Al igual que en el caso
magnético, aplicamos teoria de perturbaciones a segundo orden al término lineal del
hamiltoniano H"". En el caso de un campo eléctrico estatico la expresién correspon-

diente a la contribucién dispersiva es

< H'lds|H > |?
all = 2¢? Z| ds| | , (5.20)

H mpygr —Mmpg

donde d3 es la tercer componente del operador dipolar eléctrico
dy = /dv 2 pm (5.21)

Consideraremos aqui el caso particular de la A, para la cual suponemos que la mayor

contribucién dispersiva a la polarizabilidad eléctrica proviene de tener a la A(1405)
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como estado intermedio. De esta manera, H = A y la suma sobre H' queda restringida
a un sélo estado, H' = A(1405). Para esta transicién sélo necesitamos considerar la

contribucion isoescalar de los kaones a la densidad de carga p™
P (kaon) = %f {KTK - KTK] — MKV, (5.22)

donde f y A son las mismas funciones que aparecen en la ecuaciéon de movimiento de

los kaones (seccién 2), cuyas expresiones explicitas reproducimos aqui

. 2F
- 1 F? Qsm 0.23
f t i [ 2= (5.23)
N, sin?F
A= —— F'. 5.24
8r2f2 12 (5:24)

Tomando el elemento de matriz de p™ entre los estados A(1405) y A obtenemos

ko k1 >

< A(1405)[p™ A >= — [f(wo + w1) + 2] e re<J> (5.25)

donde < J > significa el elemento de matriz del operador de spin entre los esta-
dos A(1405) y A. Finalmente (wo, ko) y (w1, k1) son la energia de ligadura de los
kaones y la funcién de onda radial correspondiente en los canales (1/2,0) y (1/2,1),

respectivamente. Obtenemos
< A(1405)|d3|A >= —v (5.26)

con .
=2 /dr P [f (wo + wi) + 2] Ko ki . (5.27)

Para llegar a esta expresién realizamos una integral angular y tomamos ademas
< J3 >=1/2. Reemplazando en la expresién para a obtenemos finalmente la con-
tribucion a la polarizabilidad eléctrica de la A debida a transiciones dipolares al estado

intermedio de paridad negativa A(1405)
2 2.2
o 267 (5.8
M A(1405) — MA

Numéricamente obtenemos
of =1.08 x 107" fm? (5.29)

parael SET Iy
of =0.54 x 107" fm? (5.30)
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para el SET III . Como ya habiamos anticipado, estos valores son mucho mas pequenos
que las contribuciones seagull presentadas en la tabla XI. Esto es, por supuesto, solo
una estimacion del orden de magnitud de esta cantidad, ya que un calculo completo
deberia incluir todos los estados intermedios posibles. Si bien aqui nos restringimos

al caso de la A, resultados similares se esperan para el resto de los hiperones.

5.5 Apéndice B: Expresiones explicitas

Las polarizabilidades eléctricas elementales son:

’F
NS —7re /drr sin F[fQ (F’2 S“;Q )] , (5.31)
(e) 2 ,2 S1n2F
Vs = ——7r e /dr rtsin® F | f2 + F — )| (5.32)
e 1
7?()) = 5 eZ/dr r4{k2(1 +4cos® F)

1 9 in'F 5 in® F
[ K2F7 sin” F o+ 5k == — 2k (F’2+2sm )
r

62fK r2

k? F
—2k" sin® F—2 = sin® F cos” 5(1+3COSF)

—3kK' F'sin 2F] } (5.33)

2
%Ee) = R eQ/dr r4{k2 sin? F

1 in' F
9k2F'2 sin® F + 5k 2= — 3kk'F'sin 2F
T 272 |2 2
22 kK o I
—2K" sin” F' — 2— sin” F'cos 5(1—|—3COSF) , (5.34)
r
M= 2 /dr r {kZ(l —4cosF)
, Fsin® F sin? '
2 2 [ g
ey [16k cos’ 3z —k (F’ +2 3 )(1—4COSF)
S 24kK'F sinF] } (5.35)
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F
’Yf(se) = ——e¢ /dr r {kQCOS

1
4e? f2

F F
[kZ cos” (F’2 + 45”; > + 3%k F' sin F] } . (5.36)

_|_

Para las polarizabilidades magnéticas elementales? tenemos:

2 1 1sin® F
W = =2 eQ/dr rtsin? F lfi-i- 5 (F’MESH;Z )] , (5.37)
m Tsin? F
A ——7re /drr sin? F [fZ (F’2 25“12 >] : (5.38)
Mmo= e /drr {k2(2+3cos F)
1 2 12 27 . 5 ) 2 27.2
+4€2f12( S5k°F I—EsmF + 6sin” F'(k"* — w?k”)
F
5k28m (1 - 1—7051112 F) + OkK' F' sin 2F
T
k2 F_ 1
+3ﬁ SiIlQFCOSQ§(1 + 3 cos F)] }, (5.39)

1
nm = = 62/dr r4{k2 sin? F

1 ]9, , , 29sin® F o e 92
62f2 l k* sin F(F' R )—251n F(k” — w’k?)
—3kk'F'sin 2F
k2 o F
—— sin® F'cos? 2(1+27cosF)] }, (5.40)
.

1
~m = = eQ/dr T4{]€2(2—3COSF)

1
2e2f2

2

3 k 3
k2 F"? <— cos F — 1) + —sin’F <COSF — —)
2 r2 2

+9kK'F' sin F] } , (5.41)

2Nétese que las expresiones de 'yf m) y %Sm) junto con la ec.(5.12) no conducen a las ecs.(45-46) de

la ref.[60], las cuales estdn equivocadas. Esto sélo afecta las polarizabilidades magnéticas de la A.
De cualquier manera los valores numéricos correctos son muy similares a los de la referencia citada.
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m 2 F
’Yé ) = T eQ/dr T4{]€2COS25
1
4e? f2

sin? F

r2

F
+ le cos’ 3 (F’2 + 14 ) + 3kk'F' sin F] }(.5.42)

Las contribuciones soliténicas 7\“™ v 74“™ s6lo dependen del d4ngulo quiral, mientras

que las restantes tienen en cuenta la contribucion mixta del solitéon y los kaones

ligados.
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6 Propiedades de la A(1405)

En esta seccion estudiamos algunas propiedades electromagnéticas y fuertes de la A
(1405). Obtenemos valores para la constante de acoplamiento fuerte gj-ng, para
el momento magnético, el radio cuadratico medio y para sus anchos de decaimiento
radiativo.

1-
2

livianos uno de los estados menos entendidos. En un comienzo fue tratada como un es-

La resonancia A(1405), de paridad negativa J” = 17 es entre los bariones mas
tado ligado nucledn - kadén [61]. Luego se consideré como més natural una descripcion
en términos de tres quarks. Sin embargo, en la mayoria de los calculos basados en
el modelo de quarks es bastante dificil describir su masa relativamente pequena [35].
Dentro de ese modelo uno espera masas similares para la A(1405) y la A(1520), esta
tultima con J¥ = %+, debido a que difieren sélamente en el acoplamiento L-S y se
sabe que esta interaccion es pequena. Para obtener resultados de acuerdo con el valor
experimental de la masa de la A(1405) es necesario hacer suposiciones adicionales,
como por ejemplo interacciones de tres quarks o interacciones mesoén-quark [62]. Nos
encontramos con problemas similares en el bag model [63]. Finalmente, un andlisis
realizado con el cloudy bag model [64] parece indicar que la A(1405) consiste escen-
cialmente en un estado ligado mesén - barion.

Desafortunadamente, la informacién empirica disponible hasta el momento para
la A(1405) es escasa. Esta situacién cambiard con la puesta en funcionamiento
de CEBAF, donde ya se ha aprobado un experimento [65] que estudiard los de-
caimientos electromagnéticos de esta resonancia. Recientemente también se realizaron
nuevas propuestas [66] para utilizar otras facilidades experimentales en el estudio de
propiedades de los hiperones.

Este renovado interés en el entendimiento de la estructura de la A(1405) (en lo
que sigue usaremos la notacién A*) hace que un estudio detallado de sus propiedades
en un modelo soliténico sea algo particularmente deseable. Como ya mencionamos
varias veces en las secciones anteriores, en el modelo solitonico de estados ligados los
estados de paridad negativa como la A* corresponden a estados donde el kaon esta
ligado al solitén en una onda parcial [ = 0. Recordemos que debido a la forma par-
ticular de la interaccién efectiva los estados ligados con [ = 1 tienen menos energia
que los estados ligados con [ = 0. La presente discusion completa trabajos anteriores
realizados en el mismo modelo pero solo para los estados fundamentales, donde se

estudiaron las constantes de acoplamiento fuertes [67] y distintas propiedades elec-
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tromagnéticas [38, 39, 55]. Esto permite una comparacién mas detallada con otros
modelos asi como también con los datos experimentales.

Para el caso particular de los hiperones A y A*, la formula de masas (2.57) se
reduce a

3
M = Msol+wl+%c?. (6.1)

En la seccién 2.4 ( ver también la ref. [30] ) ya se discutié que el modelo
describe bien los hiperones de paridad positiva. Por ejemplo, la masa calculada
para el estado fundamental A(1116) es 1086 Mel” usando el SET I de pardmetros
y 1105 MeV usando el SET II. Por otro lado la masa predicha para la A(1405) es
1297 MeV usando el SET Iy 1325 MeV usando el SET II. Estos resultados estan
aproximadamente 100 MeV por debajo de la masa empirica, algo que contrasta con
las predicciones tipicas de los modelos basados en quarks, donde la A* resulta tener
una masa demasiado grande. Queremos destacar que el modelo soliténico reproduce
bien la diferencia de masas A(1520) — A(1405). Siguiendo el procedimiento discutido
en la ref.[29] para identificar la resonancia A(1520) obtenemos para esta diferencia los
valores de 92 MeV para el SET Iy 129 MeV para el SET II, que coinciden bien con
el valor experimental de 115 MeV .

6.1 Los acoplamientos fuertes de la A(1405)

La A(1405) se acopla fuertemente a los canales KN y nX. Debido a que su masa
esta por debajo del umbral de produccion de KN su ancho hadroénico total se debe
principalmente al acoplamiento A*7X¥. Por otro lado, el acoplamiento A* KN juega un
papel importante en el andlisis de procesos como por ejemplo K p — Ayy K p —
¥0y. En el estudio de estos procesos la constante KpA* se considera usualmente
como un pardmetro ajustable [68]. Recientemente también se discutié el valor de
esta constante de acoplamiento en relacién a la posible condensacion de kaones en la
materia nuclear densa [69, 70].

En el modelo soliténico que nos ocupa se puede evaluar explicitamente la con-
stante KpA* a partir de la interacciéon efectiva descripta por el lagrangiano. Debemos
examinar los elementos de matriz entre A* ( que es un sistema ligado solitén-kadn,
en rotacién) y el estado final compuesto por un nucleén (solitén rotante) y un kadén
libre. Las rotaciones colectivas sélo afectan al solitén de SU(2) y al kaén ligado.
Siguiendo las lineas generales dadas en la ref. [67], relacionamos los operadores en

la representacion colectiva con los operadores en la representacion usual de spin e

95



isospin

(AT NE) = \/_S%(A*|—I|NK>, (6.2)

A |FATINKY = — A — FINK) .
(A*|TATINK) \/8—7T< | - FINK)

Con estas identidades obtenemos la constante de acoplamiento buscada calculada en

el umbral de produccién de kaones

. 1
gA\/i(_ﬂ—N = —2/d7” 7”2 ko [f mKwo—i-)\(mKwng)—m%(—Ve(}] . (63)

Las funciones f , A\ y Ve‘} estan definidas en el apéndice A de la seccion 2. El potencial

Vg} se obtiene reemplazando los valores A = % , | = 0 en la expresion general de
Al
V;f (7).
Es necesario aclarar que en nuestro modelo existe una cierta ambigiiedad en la
definicién de la constante de acoplamiento KpA*. En general, para una resonancia de

paridad negativa los acoplamientos seudoescalares y seudovectoriales tienen la forma

Lps = gank un- uny K, (6.4)
. gA*NK _
‘CPV = —Zm U,A*"}/ﬂ Un oMK . (65)

Integrando por partes la ec.(6.5) y usando la ecuacién de Dirac libre para A* y N lo que
uno obtiene es la ec.(6.4). Ambos acoplamientos son equivalentes para bariones libres.
Sin embargo, si pasamos al limite no relativista de estas interacciones obtenemos

expresiones diferentes. Partiendo del acoplamiento seudoescalar obtenemos
Lps = gaNK XTA* xn K, (6.6)

donde x es el spinor del barién. Por otro lado, partiendo de la interaccion seudovec-

torial llegamos a
mg

My« — My

Es sabido que diferencias similares también ocurren para los acoplamientos fuertes

Lpyv = gr*NK Xj\* xyv K. (6-7)

del estado fundamental A [71]. En conclusidn, si sélo se conoce la forma no relativista
de la interaccion como es el caso en nuestro modelo , la definiciéon de gp-yx no es
univoca. Al escribir la expresién (6.3) asumimos un acoplamiento seudoescalar, cuya
correspondiente reduccién no relativista es (6.6). Si hubieramos asumido una inter-

accién seudovectorial, tendriamos un factor adicional MAT;MN ~ (.94 multiplicando
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el miembro de la derecha de la ec.(6.3). Este factor es aproximadamente uno y no
afecta significativamente los resultados numeéricos.

La evaluaciéon numérica de la ec.(6.3) nos da como resultado gy«yx = 1.6 para
el SET Iy ga~nvix = 2.2 para el SET II. Estos valores estan dentro del rango tipico
de los resultados numéricos citados en la literatura [72]. Ademds, en un andlisis
reciente de las longitudes de scattering empiricas kadén-nucleén [69], se obtuvo el
valor gx-yx =~ 1.9. Por otro lado, los célculos hechos en el chiral bag model [73, 74]
dan un valor mas pequeno, gx-yx = 0.46.

Como mencionamos anteriormente, la A(1405) tiene otra constante de acopla-
miento fuerte que corresponde al vértice A*Xw. En el modelo soliténico de estados
ligados este vértice consiste en tres fluctuaciones mesoénicas, por lo que estd suprimido
por un factor (1/N.)'/2 con respecto del vértice A*NK que es de orden O(N?). En
nuestra discusién consideramos sélamente las contribuciones O(N?) debido a que
un tratamiento consistente de términos que incluyen mas de dos fluctuaciones es
técnicamente muy complicado. Dentro de nuestras aproximaciones la constante de
acoplamiento gp«,x se anula. Este problema es una consecuencia de la suposicién
implicita hecha al sélo retener términos de orden cuadratico en las fluctuaciones, de
que la ruptura de la simetria en la direccion de la extraneza es grande. En el caso
contrario en que se supone que la ruptura de simetria es pequena, el modelo colectivo

SU(3) permite calcular los decaimientos de hiperones en los canales pién-hiperén [75].

6.2 Las propiedades electromagnéticas

Las propiedades electromagnéticas se obtienen a partir de la corriente electromagnéti-
ca (3.10), que se divide naturalmente en una contribucién isovectorial y una isoescalar.
La primera es la responsable del decaimiento A* — X% | (|AI| = 1), mientras que la
ultima interviene en el decaimiento A* — A~y , (Al = 0). La componente isoescalar
es también la unica que contribuye al momento magnético de la A* y a su radio
cuadratico medio.

Para calcular el momento magnético de la A* utilizamos la expresiéon standard,
ec.(3.16). Las expresiones (3.17)-(??) nos muestran explicitamente el contenido op-
eratorial de la ec.(3.16). Recordemos que el momento angular colectivo es igual al
isospin, J2 = I*. Por lo tanto en el caso que nos ocupa, como la A* es una resonancia
isoescalar, el momento angular colectivo fc se anula y no hay contribucién solitonica

pura al momento magnético. Sélo tenemos la contribucion del término cuadratico en
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kaones que nos da la siguiente expresion

1

HAax = 5 (CO Hs,sol — a(kO)) ) (68)

donde el momento magnético isoescalar del solitén i, 5o v a(ko) estdn dados por

2M
Hosol = _3T(i)v / dr r2sin? FF' (6.9)
4 F
a(ky) = gMN/dTTZ{kg sin2§ (6.10)
1 4sin? F

F
lkg sin? E(F’Q + ———) — 3kokgsin FF’] }

+ 4e? 2 r

My es la masa empirica del nucleén y aparece porque el momento magnético estd
expresado en magnetones nucleares. Comparando estas expresiones con las corre-
spondientes al estado fundamental A se puede ver que el hecho de que el kadn esté
ligado en una onda [ = 0 modifica no sélo la expresion de la constante de estructura
hiperfina, sino que también la forma explicita de a(k;). Si bien ambos kaones tienen el
mismo grand spin, la estructura de isospin y espacial depende del momento angular [.

En la tabla XIII se pueden encontrar los momentos magnéticos de la A y la
A* calculados en nuestro modelo. Los resultados estan presentados como cocientes
con respecto al momento magnético calculado del proton. Como ya discutimos en la
seccion 77, esto estda motivado en el hecho de que los modelos solitonicos predicen un
valor demasiado pequeno para el momento magnético del protén, pero describen bien
los cocientes de los momentos magnéticos [38, 13]. Las predicciones para el momento
magnético de la A [38, 39] ya fueron presentadas en la tabla VI de la seccién ?7. Aqui
las volvemos a citar con el objeto de comparar con nuestros resultados. Vemos que
en el caso de la A* los resultados dependen menos del conjunto de parametros. En
contraste con la A, para la A* obtenemos un momento magnético pequeno y positivo.
Esto se debe principalmente a dos razones. Por un lado la constante de estructura
hiperfina es mayor en el estado ligado con | = 0. Por otro lado, el valor de a(ko)
es menor que el de a(k;). Si bien la contribucién cuadritica (la primer linea de la
ec.(6.10) ) tiene aproximadamente el mismo valor en ambos estados, la contribucién
cuartica es mas pequena en el caso [ = 0. En el integrando de las contribuciones
cuarticas las funciones que dependen del angulo quiral estdn concentradas a cor-
tas distancias, mientras que la funcién de onda para [ = 0 estd concentrada a una
distancia mayor que la correspondiente a [ = 1, lo que nos da el comportamiento

mencionado.
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El radio cuadratico medio magnético de la A* se obtiene integrando la densidad
de magnetizacién ecs.(6.9),(6.10), pesada con un factor adicional r? y normalizada

con el coeficiente correcto [38, 55]. Obtenemos

1
<7n]2\4>1\* - 2,U/A* (CU<T2>s,sol - <T2>a) ) (611)
donde
2M

Pssot = / drr*sin? FF' (6.12)

4 F

(r*), = —MN/drr4 k2 sin? —

5 2

1 4sin® F

72

F
[k% sin’ 5(1?'2 +

+m ) - 3/€0k6 sin FFI] } . (613)
El factor £ en lugar del factor 3 en las ecs.(6.12)-(6.13) se obtiene facilmente a partir
de la normalizacién del factor de forma magnético en el limite de transferencia de

impulso cero.

Para los hiperones isoescalares con S = —1 el radio cuadratico medio eléctrico
es simplemente [38, 55]
1
(ri) = §[<T2>B - <T2>s] ; (6.14)
con las definiciones
2
(rHg = —= /dr r¥sin? F F' (6.15)
T
(%) = 2/dr k2rt [F o+ A (6.16)

Los valores numéricos de los radios magnéticos y eléctricos calculados estan en
la tabla XIII. Los radios magnéticos predichos para la A* son mucho mas grandes que
los correspondientes a la A. Esto se entiende de la siguiente manera. En el caso del
estado fundamental A hay una cancelacién parcial entre la contribucion ¢; <7”2>s,soz y el
término (r?),, dando como resultado un radio magnético pequenio. Sin embargo, en el
estado con [ = 0 el factor r? en el integrando, ec.(6.13), suprime fuertemente a (r?),.
Debido a esto no tenemos una cancelacién parcial en el numerador de la ec.(6.11).
Este hecho junto con el valor pequeno del momento magnético en el denominador dan
finalmente un valor grande para el radio magnético de la A*.

Los resultados para los radios eléctricos son igualmente féciles de entender. La

tinica diferencia entre los casos de la A y la A* aparece en el radio de extraneza (r?)s.

29



Tabla XIII
A* A

Set I | Set II | Set I | Set II
Hs,sol 0.73 | 0.56 | 0.73 | 0.56
a(ky) 0.27 | 0.26 | 1.35 | 1.06
1/ 0.08 | 0.09 |-0.27 | -0.21
g sor | 0.40 | 0.28 | 0.40 | 0.28
)0 -0.02 | 0.01 | 0.37 | 0.22
2 1.14 | 1.21 | 0.20 | 0.11

2B 0.47 | 0.35 | 047 | 0.35
r?)s 0.64 | 0.60 | 0.27 | 0.18
r%) -0.09 | -0.12 | 0.10 | 0.09

Table 13: Momentos magnéticos y radios eléctricos y magnéticos (en fm?). Presen-

tamos ademas la contribucion de cada término por separado

La A* es un estado excitado del sistema solitén-kaén, con lo que es natural esperar
un radio de extraneza mayor. Como esta contribucién se sustrae del radio baridnico
para obtener el radio eléctrico, es claro que este 1ltimo tiene un valor menor (e incluso
negativo) para la A*.

Los decaimientos radiativos de la A(1405) son

A(1405) — Ay, (6.17)
A(1405) — X% (6.18)

y estan relacionados con la parte isoescalar e isovectorial de la corriente electro-
magnética, respectivamente. En ambos casos se trata de transiciones dipolares eléc-
tricas (E1). Los anchos de decaimiento correspondientes a estos procesos se obtienen

a partir de la férmula general (4.15) y se pueden escribir como
Lo = q[(Nm' =31 &5 |[Hm = §) (6.19)

donde |H) = |A), |X) es el hiperén en el estado final, ¢ el momento del fotén emitido,
e la carga del electrén y el operador correspondiente a la transicién es la tercer

componente de
i = / d*r [(2jolar) — o(ar) Tom + 32 (ar) o - 7 7] (6.20)
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con jy v jo las funciones de Bessel esféricas de orden cero y de orden dos, respec-
tivamente. Como es usual, sumamos sobre estados finales y promediamos sobre los
posibles estados iniciales de spin. Un calculo explicito nos muestra que los elementos

=

de matriz relevantes de la corriente electromagnética J(7) se pueden escribir como
A * = Z * g * =
JVE(R) = < A*|J|H >= o [g{\ By T+ gy 2(r) Jg - 7 7"] . (6.21)

Las formas explicitas para las funciones radiales g # y g2 son las siguientes

.2
A*A p , Sin” F ol koky
= F |1 F o
9% cos [ +5 f?(( +—3 )] .
3 sin I ) koky
+4€2f12( [F’ ; (kok1 + koky) — F* cos FT] , (6.22)
L2
A*A o sin® Bl koky
= —cosl |1 F 2o
92 oS [ + 62L%(( + 3 )] .
1 sin?F
_(1 + 262f[2( T)(k(l)kl - kokll)
3 ,SiIIF ’ N 2 ,SiIIF k‘gk‘l
Iz [F . (koky + koky) — (F™? cos F + 2F . ) . (6.23)

y para el decaimiento isovectorial

£50 2cosF—1 . 1 sin?F 7 sin? F
g? z = fg{\ A 3€2f[2(7 {k;]kll — [w0w1 + ZFIQ + 2 2 ]kokl}
N, sin 2F
_18f12(71—2 o (w1k6k1 + u)gkgkll)
kok F F
+F' 222 (g cos? 3 tw sin? 3 two sin? F)] : (6.24)
r
. 2cosF —1 . 1 sin’F 7 sin? F
A*X0 A*A 1y 2
9 = ng — 362f[2(7 {kokl — wowr + ZF + 2 3 kokr

2 F F
—l—;[k()kl cos” 7+ kok' sin® 5]}
F ,F

in2F kok
{(smr —F')(w060525+wlsin 5)%

Ne
182 m?

sin 2F
2r

in F kok
(wikpky + wokok)) — sin® F(F'wy — SH; (wo — wl))%} :

(6.25)
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Reemplazando en (6.19) y (6.20) obtenemos

Fpi(A = Ay) = €éqlff *A(‘J)|2a (6.26)
Ppi(A = %) = e (q)? (6.27)

donde f""(q) se puede expresar en términos de gi';"

A*H(T')

M) = /dr r’ [gf*H(T) jolqr) + 221

5 (jo(qT)—i-jz(qr))]. (6.28)

Esta funcién aparece en la transformada de Fourier de la corriente electromagnética [3]
TNE@ = i [ ) Te + £ q) Tk d) (6.29)
donde

M) = = [dre® g (@) dalar). (6.30)

Para el momento ¢ del fotén emitido tomamos la diferencia de energia entre el hiperén
del estado inicial y el hiperén del estado final. Como en nuestro modelo la masa
calculada de la A* es un poco pequena, esta diferencia de masas se subestima y nos
da un momento ¢.,. pequeno. Por esta razén también presentamos en la tabla XTIV
los resultados para gemp , que es el momento que se obtiene como diferencia de las
masas empiricas de los estados iniciales y finales. Debido a que " es basicamente
constante en el rango de valores relevante para ¢, las amplitudes de decaimiento son
aproximadamente proporcionales al momento ¢. En la Tabla XTIV también incluimos
resultados obtenidos en el modelo de quarks (QM) [41], en la bolsa del MIT (BM)
[42] y en el cloudy bag model (CBM) [73]. Finalmente también presentamos algunos
valores empiricos obtenidos a partir del andlisis de decaimientos de atomos kadnicos
(KA) [76]. Vemos que nuestros valores son menores que los del modelo de quarks y
son compatibles con las predicciones de los del bag model. La mayor diferencia con
los resultados del CBM aparece en el ancho de decaimiento I'(A* — X%v). El CBM
predice un ancho de decaimiento muy pequeno para este proceso. En general nuestros
valores son mds grandes que los que se obtienen del andlisis empirico de la ref.[76].
Sin embargo hay que notar que en ese andlisis interviene la constante de acoplamiento
fuerte gy«yx como un pardmetro. En la ref.[76] se tom6 el valor gy«yx = 3.2. Con
un valor mas pequeno de esta constante, asi como la obtenemos en nuestro modelo

se tendrian anchos de decaimiento mas de acuerdo con nuestras predicciones.
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Tabla XIV
Set | Set 11 QM | BM | CBM KA

Qemp | Yealc | demp | calc

[(A* — Ay) 67 | 44 26 40 | 143 | 60 75 271 £8
L(A* — X%) | 29 13 29 17 ] 91 | 18 24 110£4623+7

Table 14: Anchos de los decaimientos radiativos de la A* (en keV') para los valores
empiricos y calculados del momento del fotén. También presentamos las predicciones
de modelo de quarks (QM) [41], del MIT bag model (BM) [42], del cloudy bag model
(CBM) [73] y del andlisis de los decaimientos de atomos kadnicos (KA) [76].

6.3 Conclusiones

Nuestro calculo en el modelo solitonico predice una masa para la A* que es un poco
menor que la empirica, pero reproduce bien la diferencia A(1520) — A(1405). En-
contramos que las predicciones para el valor de la constante de acoplamiento fuerte
gaqaos)nk estan dentro del rango de los valores empiricos no muy bien conocidos.
Esto contrasta con la situacién que tenemos para los modelos de la A(1405) basados
en una descripcién en términos de tres quarks, que predicen valores menores|74]. Por

otro lado, es interesante observar que para los hiperones de menor energia (el octete

P _ 1t
J_z

para la constante de acoplamiento gayx [67, 74]. En cuanto al vértice A(1405)73, en

) el modelo soliténico y el modelo de tres quarks predicen valores similares

el modelo soliténico corresponde a considerar la interaccién de tres fluctuaciones. En
nuestro calculo sélo consideramos los términos cuadraticos en las fluctuaciones, que
son de orden O(N?), con la consecuencia obvia de que entonces ga,x se anula.
También hicimos predicciones para los momentos magnéticos y los radios elec-
tromagnéticos de la A(1405). Desafortunadamente, estas magnitudes son bastante
dificiles de determinar empiricamente. En cualquier caso, los cocientes fip«/p, estan
cualitativamente de acuerdo con otros célculos mencionados en la bibliograffa [77].
Posiblemente méas interesantes sean las predicciones para los decaimientos electro-
magnéticos. Calculamos los anchos de decaimiento correspondientes al proceso isoes-
calar A* — A~ y al isovectorial A* — X%y. Nuestros resultados son mucho més
pequenios que los del modelo de quarks [41] y coinciden razonablemente bien con los
resultados del bag model de la ref.[42]. Por otro lado son un poco mayores que los val-
ores obtenidos a partir de los datos empiricos de decaimiento de atomos kadnicos[76].

Esto se puede deber al valor de g, (1405)nx usado en ese analisis. En cualquier caso, estd
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claro que se necesita mds informacién empirica sobre las propiedades de la A(1405).
Por esta razon esperamos que pronto estén disponibles los resultados de los experi-
mentos planeados para el estudio de las propiedades de hiperones en CEBAF y otras

facilidades.
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