math-ph/9906002 3 Jun 1999

ECUACIONES DEL SEGUNDO ORDEN EN LA REPRESENTACIÓN (1/2, 0) ⊕ (0, 1/2) DEL GRUPO DE LORENTZ DERIVADAS DE LOS POSTULADOS DE RYDER^∗

Valeri V. Dvoeglazov Escuela de Física, Universidad Autónoma de Zacatecas Apartado Postal C-580, Zacatecas 98068, ZAC., México Email: valeri@cantera.reduaz.mx, URL: http://cantera.reduaz.mx/~valeri/valeri.htm

RESUMEN. Utilizando los postulados de Ryder en la representación (1/2, 0) � (0, 1/2) derivamos las ecuaciones del segundo orden. Fueron propuestas en los sesentas y los setentas para entender la naturaleza de los estados leptonicos de diferentes masas. Damos algunos discernimientos adicionales en este problema.

PACS: 12.60.-i

1. INTRODUCCIÓN

Una ecuación correcta para la descripción adecuada de neutrinos ha sido buscada por mucho tiempo [1–5]. Este problema, en general, está conectado con el problema de límite sin masa en ecuaciones relativistas. Por ejemplo, se sabe desde hace mucho tiempo que “uno no puede poner simplemente la masa igual a cero en una ecuación covariante para partícula masiva, para obtener el caso correspondiente sin masa”, e. g., ref. [5a].

Además, en los setentas la ecuación del segundo-orden en la reprresentación 4- dimensional del grupo O(4, 2) fue propuesta por Barut et al. para resolver el problema de la jerarquía de las masas de los leptones [6–8] y por Fushchich et al., para describir varios estados del spin en esta representación [9,10]. Las ecuaciones (se propusieron) dependen de dos parámetros. Recientemente derivamos la ecuación de Barut y Wilson en base a los primeros principios [11].

En tercer lugar, encontramos la posibilidad de generalizaciones de las ecuaciones en la representación (1, 0) ⊕ (0, 1) (a saber, las ecuaciones de Maxwell y de Weinberg, Tucker y Hammer^1) también en base a incluso de dos coeficientes independientes [13], cf. también [14]. Este nos induce a mirar al problema en base a los primeros principios; mi investigación se comenzó en [15].

∗Enviado a IV Reunión Nacional Académica de Física y Matemáticas, ESFM IPN, D. F., México, 24-27 de Mayo, 1999

1En general, la última no hace completamente reducible a la anterior después de toma el límite sin masa en la “acostumbrada” manera.

2. ECUACIONES DEL SEGUNDO ORDEN

En este artículo nosotros aplicamos la reformulación de Ahluwalia [12,16,17] de la construcción de Majorana, McLennan y Case para neutrino [18,19] con el propósito de la derivación de ecuaciones pertinentes, que revocamos arriba.

Se usan los siguientes definiciones y postulados:

• Se definen los operadores de las simetrías discretas como sigue: a) el operador de la inversión de espacio:

S^s_{[1/2]} = ( 0 11 11 0 ) , (1)

es el 4 × 4 matriz anti-diagonal; b) el operador de la conjugación de carga:

S^c_{[1/2]} = ( 0 iΘ_{[1/2]} −iΘ_{[1/2]} 0 ) K , (2)

con K siendo el operador de conjugación compleja; y ( Θ_{[j]} ) h, h^0 = (−1)

j+h δ_h0_{, −h} siendo el operador de Wigner.

• Los spinores izquierdos (ϕ_L y ζΘ_{[j]}ϕ^∗_R ) y los derechos (ϕ_R y ζ^′Θ_{[j]}ϕ^∗_L ) se transforman al marco con el momento lineal p^μ (del marco con momento cero) como sigue:

ϕ_R (p^μ) = Λ_R (p^μ ←^∘p^μ) ϕ_R (^∘p^μ) = exp(+ J · ’) ϕ_R (^∘p^μ) , (3a) ϕ_L (p^μ) = Λ_L (p^μ ←^∘p^μ) ϕ_L (^∘p^μ) = exp(− J · ’) ϕ_L (^∘p^μ) . (3b)

Λ_{R,L} son las matrices de boost de Lorentz; J son las matrices de spin para j, e. g., ref. [20]; ’ son parámetros del boost dado. Si nos restringimos por el caso de bradyons ellos se definen, e. g., refs. [22,14], por medio de:

cosh(φ) = γ = 1 √ 1 − v^2 = E m , sinh(φ) = vγ = |p| m , ^’ = n =^p_{|p|} . (4)

• La relación de Ryder y Burgard entre spinores en el marco con momento lineal cero^2 se establece

ϕ^h_L (^∘p^μ) = a(−1)^{12 −h}e^{i(ϑ1+ϑ2)}Θ_{[1/2]}[ϕ^{−h}_L (^∘p^μ)]^∗ + be^{2iϑh}Ξ^{−1}_{[1/2]}[ϕ^h_L (^∘p^μ)]^∗ , (5)

2Este nombre fue introducido por D. V. Ahluwalia cuando consideró la representación (1, 0)�(0, 1), ref. [14]. Si uno usa ϕ_R (^∘p^μ) = �ϕ_L (^∘p^μ), cf. también [21,22], después de aplicar las reglas de Wigner para los boosts de los objetos con 3 componentes al momento adquirido p^μ, uno inmediatamente llega a la teoría de tipo de Bargmann, Wightman y Wigner de los campos cuánticos, ref. [23] (cf. también los artículos viejos [24–26] y los recientes [27,28]), en esta representación.

con las constantes reales a y b que son arbitrarios a esta fase. h es un numero cuántico correspondiente a helicidad,

Ξ_{[1/2]} = ( e^{iϕ} 0 0 e^{−iϕ} ) , (6)

ϕ está aquí el ángulo azimuthal relacionado con p → 0; en general, véase los artículos citados por la anotación.

• Uno puede formar o 4-spinores de Dirac:

u_h(p^μ) = ( ϕ_R (p^μ) ϕ_L (p^μ) ) , v_h(p^μ) = γ^5u_h(p^μ) , (7)

o los spinores del segundo-tipo [12], véase también [26,28]:

λ(p^μ) = ( (ζ_λΘ_{[j]})ϕ^∗_L (p^μ)

ϕ_L (p^μ) ) , ρ(p^μ) = ( ϕ_R (p^μ) (ζ_ρΘ_{[j]})^∗ϕ^∗_R (p^μ) ) , (8)

o formas más generales de 4-spinores que dependen de los factores de la fase entre su parte izquierda y derecha y sub-espacio de helicidad al cual pertenecen. Para los espinores del segundo-tipo el autor de ref. [12] propuso varias formas de los operadores del campo, e. g.,

ν^{DL}(x^μ) = ∑ η ∫ d^3p (2π)^3 1 2E_p [ λ^S_η (p^μ)c_η(p^μ) exp(−ip · x)+

+ λ^A_η (p^μ)d^†_η(p^μ) exp(+ip · x) ] . (9)

Brevemente, el esquema para la derivación de la ecuación antigua

[iγ^μ∂_μ + α_2∂^μ∂_μ − κ] ϕ(x^μ) = 0 (10)

es la siguiente. Primero, aplica la relación generalizada de Ryder y Burgard (véase arriba, Eq. (5)) y el esquema normal para la derivación de las ecuaciones relativistas de la onda [12, nota de pie # 1]. Después, forma los 4-spinores de Dirac; sus partes derechas e izquierdas se conectan como sigue:

ϕ^↑_L (p^μ) = −Θ_{[1/2]}[ϕ^↓_R (p^μ)]^∗ , ϕ^↓_L (p^μ) = +Θ_{[1/2]}[ϕ^↑_R (p^μ)]^∗ , (11a) ϕ^↑_R (p^μ) = −Θ_{[1/2]}[ϕ^↓_L (p^μ)]^∗ , ϕ^↓_R (p^μ) = +Θ_{[1/2]}[ϕ^↑_L (p^μ)]^∗ , (11b)

para obtener [ a iγ^μ∂_μ m + b CK − 11 ] Ψ(x^μ) = 0 , (12)

en el espacio de coordenadas. Transferir a la representación de Majorana con la matriz unitaria

U = 1 2 ( 11 − iΘ_{[1/2]} 11 + iΘ_{[1/2]} −11 − iΘ_{[1/2]} 11 − iΘ_{[1/2]} ) , U^† = 1 2 ( 11 − iΘ_{[1/2]} −11 − iΘ_{[1/2]} 11 + iΘ_{[1/2]} 11 − iΘ_{[1/2]} ) . (13)

Finalmente, uno obtiene el conjunto [ a iγ^μ∂_μ m − 11 ] ϕ − b χ = 0 , (14a) [ a iγ^μ∂_μ m − 11 ] χ − b ϕ = 0 (14b)

para ϕ(x^μ) = Ψ_1 +Ψ_2 o χ(x^μ) = Ψ_1 −Ψ_2 (donde Ψ^{MR} (x^μ) = Ψ_1 +iΨ_2). Con la identificación a/2m → α_2 y m(1 − b^2)/2a → κ el conjunto de ecuaciones lleva a la ecuación del segundoorden del tipo de Barut.

En la base de definiciones anteriores usando las reglas normales [12, nota a pie # 1] uno puede derivar:

• En el caso ϑ_1 = 0, ϑ_2 = π se obtienen las ecuaciones siguientes para ϕ_L (p^μ) y χ_R = ζ_λΘ_{[1/2]}ϕ^∗_L (p^μ):^3

ϕ^h_L (p^μ) = Λ_L (p^μ ←^∘p^μ)ϕ^h_L (^∘p^μ) = a ζ_λ (−1)^{12 +h}Λ_L (p^μ ←^∘p^μ)Λ^{−1}_R (p^μ ←^∘p^μ)χ^h_R (p^μ) + + b ζ_λ Λ_L (p^μ ←^∘p^μ)Ξ^{−1}_{[1/2]}Θ^{−1}_{[1/2]}Λ^{−1}_R (p^μ ←^∘p^μ)χ^{−h}_R (p^μ) , (15a)

χ^{−h}_R (p^μ) = Λ_R (p^μ ←^∘p^μ)χ^{−h}_R (^∘p^μ) = aζ_λ(−1)^{12 −h}Λ_R (p^μ ←^∘p^μ)Λ^{−1}_L (p^μ ←^∘p^μ)ϕ^{−h}_L (p^μ) + + bζ_λΛ_R (p^μ ←^∘p^μ)Θ_{[1/2]}Ξ_{[1/2]}Λ^{−1}_L (p^μ ←^∘p^μ)ϕ^h_L (p^μ) . (15b)

Por consecuencia, las ecuaciones para los 4-spinores λ^{S,A}_η (p^μ) toman las formas:^4 ia ^p m λ^S_↑ (p^μ) − (bCK − 11)λ^S_↓ (p^μ) = 0 , (16a) ia ^p m λ^S_↓ (p^μ) + (bCK − 11)λ^S_↑ (p^μ) = 0 , (16b) ia ^p m λ^A_↑ (p^μ) − (bCK + 11)λ^A_↓ (p^μ) = 0 , (16c) ia ^p m λ^A_↓ (p^μ) + (bCK + 11)λ^A_↑ (p^μ) = 0 , (16d)

a = ±(b − 1) si queremos tener p^2_0 − p^2 = m^2 para partículas masivas.

3Los factores de la fase ζ son definidos por varias restricciones impuestos a los 4-spinores (o a los operadores correspondientes), e. g., la condición de auto/contr-auto conjugación de carga nos da

ζ^{S,A}_λ = �i. Pero, uno todavía debe notar que estos factores de la fase también dependen del factor

de la fase en la definición del operador de la conjugación de la carga (2). El “término de la masa” de ecuaciones dinamicas resultantes también estaría diferente.

4η es el número cuántico de la helicidad quiral introducido en ref. [12].

• Podemos escribir varias formas de ecuaciones en la representación de coordenadas dependiendo de las relaciones entre operadores de creación y operadores de la aniquilación. Por ejemplo, la primera generalización en el espacio de coordenadas lee (con tal de que implicamos d_↑(p^μ) = +ic_↓(p^μ) y d_↓(p^μ) = −ic_↑(p^μ); el operador K actúa a q− numeros como conjugación hermitiana) [ ia γ^μ∂_μ m − (b − 11)γ^5CK ] Ψ(x^μ) = 0 . (17)

Transferiendo en la representación de Majorana uno obtiene dos ecuaciones reales:^5 ia γ^μ∂_μ m Ψ_1(x^μ) − i(b − 11)γ^5Ψ_2(x^μ) = 0 , (18a) ia γ^μ∂_μ m Ψ_2(x^μ) − i(b − 11)γ^5Ψ_1(x^μ) = 0 . (18b)

para partes reales e imaginarias de la función de campo Ψ^{MR} (x^μ) = Ψ_1(x^μ) + iΨ_2(x^μ). En el caso de a = 1 − b y considerando la función del campo ϕ = Ψ_1 + Ψ_2 venimos a la ecuación de Sokolik para spinores del segundo tipo [26, Eq. (8)] y ref. [28, Eqs. (14,18)]. Entonces, venimos a la ecuación del segundo-orden en la representación de coordenadas para partículas masivas [ a^2 ∂_μ∂^μ m^2

+ (b − 1)^2 ] { Ψ_1(x^μ) Ψ_2(x^μ)

= 0 . (19)

Por supuesto, se reduce a la ecuación de Klein y Gordon. En general, allí existiría fraccionamiento de las masas entre varios estados CP − conjugados. Volveremos a responder esta pregunta en otros papeles.

• Uno puede encontrar la relación entre operadores de creación y aniquilación para otra ecuación (β_1, β_2 ∈ ℜe) más general [ ia γ^μ∂_μ m − e^{iα1} β_1γ^5CK + e^{iα2} β_2 ] Ψ(x^μ) = 0 , (20)

que estaría consistente con las ecuaciones (16a-16d).^6 Aquí están:

(b − 1)c_↑ = ie^{iα1} β_1d_↓ − ie^{iα2}β_2c_↓ , (21a) (b − 1)c_↓ = −ie^{iα1}β_1d_↑ + ie^{iα2}β_2c_↑ , (21b) (b − 1)d^†_↑ = −ie^{iα1}β_1c^†_↓ − ie^{iα2}β_2d^†_↓ , (21c) (b − 1)d^†_↓ = ie^{iα1} β_1c^†_↑ + ie^{iα2}β_2d^†_↑ . (21d)

5Parece que se puede llevar a cabo este procedimiento para cualquier spin, cf. [29].

6Como uno puede esperar de esta consideración, la ecuación (20) estaría recordatoria a los trabajos del los 60s, refs. [3–5,30].

La condición de la compatibilidad asegura que α_2 = 0, π y β^2_1 +β^2_2 = (b−1)^2. Asumimos que estos dos operadores de la aniquilación están independientes linealmente. Si β_1 = 0 recuperamos la ecuación de Dirac pero con restricciones adicionales puestos a los operadores de creación y operadores de la aniquilación, c_↑ = ∓ic_↓ y d_↑ = ±id_↓. El factor de la fase α_1 queda indeterminado.

En la representación de Majorana el juego resultante de las ecuaciones reales es [ ia γ^μ∂_μ m + iβ_1 sin α_1γ^5 + β_2 ] Ψ_1 − iβ_1 cos α_1γ^5Ψ_2 = 0 , (22a) [ ia γ^μ∂_μ m − iβ_1 sin α_1γ^5 + β_2 ] Ψ_2 − iβ_1 cos α_1γ^5Ψ_1 = 0 . (22b)

Por ejemplo en el caso α_1 =^π_2 obtenemos [ ia γ^μ∂_μ m + iβ_1γ^5 + β_2 ] Ψ_1 = 0 , (23a) [ ia γ^μ∂_μ m − iβ_1γ^5 + β_2 ] Ψ_2 = 0 . (23b)

Pero, en todos los casos uno puede recuperar la ecuación de Klein y Gordon para ambas partes, reales e imaginarias, de la función del campo, Eq. (19). No está claro todavía si las estructuras discutidas recientemente en ref. [30] se permiten o no.

3. CONCLUSIÓN

En conclusión podemos declarar que presentamos una manera muy natural de derivar las ecuaciones en la representaciones (j, 0) ⊕ (0, j), que lleva a las que fueron dadas por otros investigadores en el pasado. Se sabe que la física actual del neutrino ha tropezado en encontrarse con dificultades serias. Ningun experimento ni observación está en acuerdo con predicciones teóricas del modelo estandar. En cambio, nosotros ya enseñamos de refs. [3–5] (cf. también artículo reciente [30]) que las preguntas relacionadas con toma el límite correcto sin masa no son triviales. Espero que la pregunta de si las ecuaciones propuestas tienen pertinencia a la descripción del mundo físico, se resolverá en un futuro cercano.

Agradecimientos. El trabajo fue motivado por los artículos del Prof. D. V. Ahluwalia, por discusiones muy francas y útiles, así como conversaciones telefónicas con Prof. A. F. Pashkov durante los últimos 15 años, por Prof. A. Raspini que bondadosomente me envió sus recientes artículos, y por el informe crítico del árbitro anónimo de la revista “Fundación de Física” que, no obstante, estaba de importancia crucial en comenzar mi investigación actual. También, reconozco las discusiones con los Profs. A. E. Chubykalo, Y. S. Kim, R. M. Santilli y Yu. F. Smirnov. Muchas gracias a todos ellos.

Reconozco la ayuda en la ortografía española del Sr. Cornelio Alvarez. Zacatecas Universidad, México, se agradece por la concesión del profesorado. Este trabajo ha sido apoyado en parte por el Sistema Nacional de Investigadores y el Programa de Apoyo a la Carrera Docente.

[1] L. Landau, Sov. Phys. JETP 5 (1957) 337; Nucl. Phys. 3 (1957) 127; T. D. Lee y C. N. Yang, Phys.

Rev. 105 (1957) 1671; A. Salam, Nuovo Cimento 5 (1957) 299; A. A. Sokolov, Sov. Phys. JETP 6 (1958) 611.

[2] Z. Tokuoka, Prog. Theor. Phys. 37 (1967) 581. [3] N. D. Sen Gupta, Nucl. Phys. 4 (1967) 147.

[4] V. I. Fushchich y A. L. Grishchenko, Lett. Nuovo Cim. 4 (1970) 927; V. I. Fushchich, Nucl. Phys. B21 (1970) 321; Lett. Nuovo Cim. 4 (1972) 344.

[5] M. T. Simon, Lett. Nuovo Cim. 2 (1971) 616; T. S. Santhanam y A. R. Tecumalla, ibid. 3 (1972) 190;

M. Seetharaman, M. T. Simon y P. M. Mathews, Nuovo Cimento 12A (1972) 788. [6] A. O. Barut, P. Cordero y G. C. Ghirardi, Phys. Rev. 182 (1969) 1844; Nuovo Cim. 66A (1970) 36. [7] R. Wilson, Nucl. Phys. B68 (1974) 157.

[8] A. O. Barut, Phys. Lett. 73B (1978) 310; Phys. Rev. Lett. 42 (1979) 1251.

[9] V. I. Fushchich y A. Nikitin, Teor. Mat. Fiz. 34 (1978) 319 (preprint IMAN UkrSSR IM-77-3, Kiev, 1977, en ruso. Desgraciadamente, el preprint contiene muchos errores de escritura); Fiz. Elem. Chast. At. Yadra 9 (1978) 501.

[10] V. I. Fushchich, Lett. Nuovo Cim. 14 (1975) 435. [11] V. V. Dvoeglazov, Int. J. Theor. Phys. 37 (1998), 1909. [12] D. V. Ahluwalia, Int. J. Mod. Phys. A11 (1996) 1855.

[13] V. V. Dvoeglazov, Helv. Phys. Acta 70 (1997) 677, ibid. 686, ibid. 697. En estos artículos usemos la modificación de Tucker y Hammer [Phys. Rev. D3 (1971) 2448] de las ecuaciones de Weinberg [Phys. Rev. B133 (1964) 1318; ibid. B134 (1964) 882].

[14] D. V. Ahluwalia et al., Phys. Lett. B316 (1993) 102. [15] V. V. Dvoeglazov, Fizika B6 (1997) 75; ibid., B6 (1997) 111. [16] V. V. Dvoeglazov, Int. J. Theor. Phys. 34 (1995) 2467. [17] V. V. Dvoeglazov, Nuovo Cimento108A (1995) 1467. [18] E. Majorana, Nuovo Cim. 14 (1937) 171.

[19] J. A. McLennan, Jr., Phys. Rev. 106 (1957) 821; K. M. Caso, Phys. Rev. 107 (1957) 307. [20] D. A. Varshalovich, A. N. Moskalev y V. K. Khersonskiĭ, Teoría Cuántica del Momento Angular. (World Scientific, Singapore, 1988).

[21] R. N. Faustov,Relyativistskie preobrazovaniya odnochastichnykh volnovykh funktsiĭ. Preprint ITF-71- 117P, Kiev, Sept. 1971, en ruso. La ecuación (22a) de este artículo lee Bu˘(0) = u˘(0), donde u˘(⃗p) es un “spinor” con 2(2j + 1) componentes y B^2 = 1 es una matriz arbitraria 2(2j + 1) � 2(2j + 1) con la propiedad sobre-mencionada.

[22] L. H. Ryder,Teoría de los Campos Cuánticos. (Cambridge University Press, 1985). [23] E. P. Wigner, en Conceptos y Metodos de Teoría de Grupos en Física de las Partículas Elementales – Conferencias de la Escuela de Verano de Física Teórica en Istanbul, 1962. Ed. F. Gürsey, (Gordon & Breach, 1965), p. 37.

[24] B. P. Nigam y L. L. Foldy, Phys. Rev. 102 (1956) 1410. [25] I. M. Gelfand y M. L. Tsetlin, Sov. Phys. JETP 4 (1957) 947. [26] G. A. Sokolik, Sov. Phys. JETP 6 (1958) 1170.

[27] G. Ziino, Ana. Fond. L. de Broglie 14 (1989) 427; ibid. 16 (1991) 343; A. O. Barut y G. Ziino, Mod.

Phys. Lett. A8 (1993) 1011; G. Ziino, Int. J. Mod. Phys. A11 (1996) 2081. [28] V. V. Dvoeglazov, Nuovo Cimento 111 B (1996) 483. [29] V. V. Dvoeglazov, Int. J. Theor. Phys. 36 (1997) 635. [30] A. Raspini, Fizika B5 (1996) 159.