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Capítulo 1

Introducción

Una de las escasas evidencias de física más allá del Modelo Estándar son las oscilaciones de
sabor de neutrinos, que indican que estas partículas son masivas. El descubrimiento de las prime-
ras evidencias de oscilaciones de neutrinos atmosféricos en SuperKamiokande [1], posteriormente
confirmadas con neutrinos solares (SNO [2]) y con neutrinos producidos en reactores nucleares
(KamLand [3]) y aceleradores de protones (K2K [4]), puso en marcha un enorme esfuerzo experi-
mental dedicado a determinar las propiedades de estas partículas: los ángulos de mezcla de sabor
y la posible fase que induciría violación de CP en la matriz MNS [5], las diferencias de masas y su
jerarquía, la posible existencia de neutrinos estériles [6], la naturaleza de Dirac o Majorana de los
términos de masa del lagrangiano . . .

En la actualidad una limitación importante en estos experimentos proviene de las incertidum-
bres sistemáticas, véase [7], entre cuyas principales fuentes aparece la sección eficaz de interacción
neutrino-núcleo. Por ejemplo, en SuperKamiokande (véase tab. 1.1), las secciones eficaces son la
segunda fuente de error sistemático más importante. Podemos citar textualmente: “. . . much better
understanding of the neutrino interactions in this energy range is essential for the future atmosphe-
ric neutrino experiments to contribute to neutrino oscillation physics.” [8].

En la fig. 1.1 podemos ver el espectro energético de neutrinosen algunos experimentos ac-
tuales. Las secciones eficaces de neutrino a las energías relevantes para estos experimentos se
muestran en la fig. 1.2. En general estos experimentos están diseñados para maximizar la amplitud
de oscilación, lo que suele llevar a espectros de neutrinos con un máximo en torno a energías de
1 GeV. Los mecanismos de reacción dominantes en este rango deenergías, absorción cuasi-elástica
(quasi-elasticQE) y producción de un pión, están fuertemente corregidos por efectos del medio
nuclear.

En la mayoría de programas de simulación para estos experimentos [10–13] se utilizan versio-
nes bastante simples del gas de Fermi, e.g. [14], que no describen demasiado bien los resultados
experimentales de dispersión de electrones por núcleos (véase p.ej. [15]). Es por tanto de indu-
dable interés mejorar la descripción de las secciones eficaces neutrino-núcleo para neutrinos con
energías del orden desde centenares de MeV hasta unos pocos GeV [16].

En [17–19] se desarrolló un modelo para dispersión de electrones por núcleos en un rango de
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Source sub-GeV Multi-GeV

Predicted (νµ/νe) flux ratio 5 % 5 %
µ/e separation 2 % 3 %
1-ring / 2-ring separation 3 % 6 %
Absolute energy calibration 1 % 4.1 %
Charged-current cross section 3.6 % 4.3 %
Neutral-current cross section 3 % 4 %
. . . < 1 % < 1 %
Total 7.8 % 12 %

Tabla 1.1:Fuentes de error sistemático en la medida de la razón de flujos(µ/e)Data / (µ/e)MC en SuperKamiokan-
de. Tomado de [9].

energías intermedias (energías de excitación nuclear de hasta unos 400 o 500 MeV). Este modelo
parte de un gas de Fermi en aproximación de densidad local, incluyendo de forma sistemática
correcciones de hasta ordenρ2 (siendoρ la densidad nuclear). De esta forma se considera no sólo
el canal de absorción del fotón virtual por un nucleón (γ∗N → N), sino también absorción por
dos y tres nucleones (γ∗NN → NN , γ∗NNN → NNN) y canales de producción de piones
(γ∗N → Nπ). Este modelo describe con precisión los resultados experimentales, como se aprecia
por ejemplo en la fig. 1.3.

En esta tesis hemos tratado de extender el modelo desarrollado en [17–19] para describir re-
acciones débiles en núcleos. En primer lugar nos hemos centrado en procesos QE neutrino-núcleo
mediados por corrientes cargadas y neutras, ver caps. 2–5. En estos capítulos se describen satis-
factoriamente los escasos resultados experimentales existentes de secciones eficaces QE inducidas
por corrientes cargadas de neutrino. En el cap. 5 se estudianlas secciones eficaces de emisión de
nucleones que, dada la imposibilidad de detectar el neutrino saliente, son las principales magni-
tudes observables en reacciones neutrino-núcleo mediadaspor corrientes neutras. Se utiliza una
simulación Monte Carlo para describir la propagación de losnucleones salientes a través del nú-
cleo. En la sec. 2.8 del cap. 2 se estiman los errores teóricosdel modelo. Para ello hemos utilizando
técnicas Monte Carlo para propagar las incertidumbres de los diversos parámetros del mismo en
las secciones eficaces calculadas.

En el cap. 3 calculamos efectos nucleares sobre observablesde polarización de los leptones
finales, que pueden ser relevantes en experimentos de aparición deντ .

También hemos estudiado la reacción de captura muónica inclusiva en núcleos (cap. 4), la cual,
debido a la abundancia de datos experimentales, supone un buen test para modelos de reacciones
débiles en núcleos a baja energía. De nuevo hemos obtenido unexcelente acuerdo con el experi-
mento. En este contexto, también hemos comparado las predicciones de un modelo de capas y un
gas de Fermi, para estimar efectos de tamaño finito del núcleo.

A energías de excitación superiores, por encima de la regióndel pico QE, empiezan a ser re-
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levantes los procesos de producción de piones (veáse fig. 1.2). En la difusión de electrones por
núcleos [17–19] ya se mostró la necesidad de incluir términos no resonantes, además del común-
mente utilizado de polo de la resonancia∆(1232). Es lógico suponer que estos términos serán
igualmente importantes en reacciones inducidas por neutrinos. Por tanto, antes de estudiar la pro-
ducción de piones en reaccionesν-núcleo, es necesario contar con un modelo para la producción
de un pión en reaccionesν-nucleón que incluya estos términos de fondo. Este estudio se presenta
en el cap. 6. Como consecuencia de la inclusión de estas contribuciones no resonantes aparecen
asimetrías neutrino-antineutrino (cap. 7) que pueden ser explotadas para determinar la quiralidad
de haces de neutrinos con energías por debajo del umbral de producción de leptones cargados pero
por encima del umbral de producción de piones.

Figura 1.1:Espectro deν en varios experimentos. Tomado de [20].

Figura 1.2:Sección eficaz deν. Tomado de [20].
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Figura 1.3:Sección eficaz doblemente diferencial para la reacción12C(e, e′)X . Tomado de [17].
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Capítulo 2

Dispersión cuasielástica mediada por
corrientes cargadas1

2.1. Reacciones nucleares inclusivas. Fórmulas generales

En esta sección encontraremos expresiones generales para las secciones eficaces de dispersión
de neutrinos por núcleos mediada por corrientes cargadas:

νl(k) + AZ(p) → l−(k′) +X , (2.1)

donde laX en el estado final indica que el estado final del núcleo no es detectado, de manera
que hay que realizar una suma sobre todos los posible estadosfinales que contribuyen a la sección
eficaz de dicha reacción. El leptón salientel− sí es detectado.

En la mayor parte de esta tesis seguiremos los siguientes convenios: normalizaremos los espi-
nores comōuu = 2m, definiremos el tensor completamente antisimétricoǫ0123 = +1 y la métrica
comogµν = (+,−,−,−). La sección eficaz doblemente diferencial correspondientea la reacción
de ec. (2.1) viene dada por:

d2σνl

dΩ(k̂
′
)dE ′

l

=
|k′|
|k|

G2

4π2
LµνW

µν (2.2)

dondeL y W son los tensores leptónico y hadrónico. El tensor leptónicoviene dado por:

Lµν = Ls
µν + iLa

µν = k′µkν + k′νkµ − gµνk · k′ + iǫµναβk
′αkβ (2.3)

que puede separarse en dos partes reales: una simétricaLµν
s y otra antisimétricaLµν

a . El tensor
hadrónico se define:

W µν =
(2π)3

2Mi

∑

f

δ4(P ′
f − P − q) 〈f |jµ

cc(0)| i〉 〈f |jν
cc(0)| i〉∗ (2.4)

1Capítulo basado en los resultados de [21] y [22].
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dondeP µ es el cuadrimomento del nucleo inicial (P 2 = M2
i ), Pf el cuadrimomento del es-

tado hadrónico final|f〉 y q = k − k′ el cuadrimomento transferido al núcleo. La barra so-
bre la sumatoria indica una suma sobre todos los posibles estados finales y un promedio sobre
los spines de los estados nucleares iniciales. Estamos asumiendo estados normalizados según
〈p|p′〉 = (2π)32p0 δ

3(p − p′) y que la suma sobre estados finalesf incluye una integración
∫ d3pj

(2π)32Ej
para cada partículaj de las que forman el sistema final. La corriente cargada (CC)

viene dada por:
jµ
cc = Ψuγ

µ(1 − γ5)(cos θCΨd + sin θCΨs) (2.5)

con Ψu, Ψd y Ψs los campos de los quarks ligerosu, d y s respectivamente yθC el ángulo de
Cabibbo (cos θC = 0.974).

A veces en la literatura aparecen los tensores leptónico y hadrónico definidos como los complejo-
conjugados de nuestras definiciones. Esto es irrelevante debido a que el único observable físico es
la sección eficaz, que no se ve afectada por esta redefinición,ya queLµνWµν = Lµν∗W ∗

µν es un
número real.

Para obtener la ec. (2.2) hemos aproximado la interacción débil por una interacción de contacto.
Esto supone realizar dos aproximaciones en

Dµν(q) =
−gµν + qµqν/M

2
W

q2 −M2
W + iǫ

(2.6)

el propagador del bosónW :

1. despreciar los términosqµqν/M2
W . Esto introduce una corrección del orden(ml/MW )2, que

en el peor de los casos (ml = mτ ) es del orden del 0.02 % y en el caso de corrientes neutras
es nula (suponiendo neutrinos sin masa),

2. despreciar el cuadrimomentoq2 frente a la masa del bosón,MW = 80.425(38) GeV. La
correción en la sección eficaz es del orden de1/(1 − q2/M2

W )2, despreciable para las cine-
máticas relevantes en nuestro trabajo.

El modelo de Salam-Weinberg prediceg = e sin θW cone > 0 la carga del electrón yθW el ángulo
de Weinberg, de manera que obtenemos un valor paraG la constante de Fermi,G =

√
2g2/8M2

W =
1.1664 × 10−11 MeV−2 conMW la masa del bosónW .

Por construcción del tensor hadrónico, ec. (2.4), se cumple

W µν = W µν
s + iW µν

a (2.7)

conW µν
s (W µν

a ) un tensor real simétrico (antisimétrico). Basándonos en argumentos de invariancia
Lorentz podemos escribir el tensor hadrónico en función de seis funciones de estructuraWi(q

2)
escalares y reales:

W µν

2Mi

= −gµνW1+
P µP ν

M2
i

W2+
qµqν

M2
i

W4+
P µqν + P νqµ

2M2
i

W5+i
ǫµνγδPγqδ

2M2
i

W3+i
P µqν − P νqµ

2M2
i

W6 .

(2.8)
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Trabajaremos en el sistema del laboratorio (LAB), en que el núcleo inicial está en reposoP µ =
(Mi, 0) y con el vectorq en la dirección del eje Z. Podemos escribir estas funciones de estructura
en términos de las componentes del tensor hadrónico

W1 =
W xx

2Mi
, (2.9)

W2 =
1

2Mi

[

W 00 +W xx +

(
q0

|q|

)2

(W zz −W xx) − 2
q0

|q| ReW 0z

]

, (2.10)

W3 = −iW
xy

|q| , (2.11)

W4 =
Mi

q2

W zz −W xx

2
, (2.12)

W5 =
1

|q|

[

ReW 0z − q0

|q|(W
zz −W xx)

]

, (2.13)

W6 =
ImW 0z

|q| . (2.14)

De esta manera, tras contraer con el tensor leptónico se obtiene

d2σνl

dΩ(k̂′)dE ′
l

=
|k′|E ′

lMiG
2

π2

{

2W1 sin2 θ
′

2
+W2 cos2 θ

′

2
−W3

Eν + E ′
l

Mi
sin2 θ

′

2

+
m2

l

E ′
l(E

′
l + |k′|)

[

W1 cos θ′ − W2

2
cos θ′ +

W3

2

(
E ′

l + |k′|
Mi

− Eν + E ′
l

Mi
cos θ′

)

+
W4

2

(
m2

l

M2
i

cos θ′ +
2E ′

l(E
′
l + |k′|)
M2

i

sin2 θ
′

2

)

−W5
E ′

l + |k′|
2Mi

]}

(2.15)

dondeEν es la energía del neutrino incidente yθ′ el ángulo entre los vectoresk′ y k. Es interesante
hacer notar queW6 no aparece en la sección eficaz inclusiva. Esto se debe a que, la contribución
P µqν − P νqµ al contraerse con el término antisimétrico del tensor leptónico viola invariancia
bajo inversión temporal. De hecho, al calcularlo con nuestro modelo observamos que se anula
idénticamente. Más detalles sobre este tipo de fenómenos sedan en el cap. 7.

2.2. El tensor hadrónico y la auto-energía del bosónW en el
medio nuclear

En esta sección relacionaremos la auto-energía de un neutrino en materia nuclear con la sección
eficaz de la ec. (2.15). De este modo podremos usar un modelo basado en el formalismo de la
teoría de muchos cuerpos (many body framework, MBF)2 para obtener la sección eficaz a partir

2Un texto clásico sobre teoría de muchos cuerpos aplicada a lafísica nuclear es el libro de Fetter y Walecka [15].
Una introducción al modelo aquí utilizado puede leerse en [23].
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de la auto-energíaΠµν
W (q) del bosón gaugeW+, en donde incorporaremos sistemáticamente las

correciones de medio nuclear.
Comenzaremos calculando la auto-energíaΣr

ν(k; ρ) de un neutrino de cuadrimomentok y he-
licidadr, moviéndose en un gas de Fermi de protones y neutrones de densidadesρp y ρn, siendo la
densidad nuclearρ = ρp + ρn. Esta auto-energía se corresponde con el diagrama de la fig. 2.1:

− iΣr
ν(k; ρ) =

∫
d4q

(2π)4
ur(k)

×
{

−i g

2
√

2
γµ

LiDµα(q)
[

−iΠαβ
W (q; ρ)

]

iDβγ(q)i
/k′ +ml

k′2 −m2
l + iǫ

[

−i g

2
√

2

]

γγ
L

}

ur(k) (2.16)

siendoΠαβ
W (q; ρ) la auto-energía en el medio nuclear del bosónW+ virtual y γµ

L = γµ(1− γ5). En
principio sólo las componentesleft-handedcontribuyen a la auto-energía, sin embargo sumaremos
sobre las dos posibles polarizaciones del neutrinoΣν(k; ρ) =

∑

r Σr
ν(k; ρ), ya que las matrices

γL eliminan las componentes estérilesright-handedy la suma de espinores permite calcular el
elemento de matriz de la ec. (2.16) haciendo uso de las técnicas usuales de las matrices de Dirac.
De esta forma llegamos a la expresión

Σν(k; ρ) =
8iG√
2M2

W

∫
d4q

(2π)4

LηµΠµη
W (q; ρ)

k′2 −m2
l + iǫ

(2.17)

para la autoenergía del neutrino.

ν l

W
+

q
k’

W
+

q

ν ll

Π
W

k k

(q)

= k − k’

η µ
µη

Figura 2.1:Diagrama de Feynman para la auto-energía de un neutrino en unmedio nuclear.

Las partículas incidentes desaparecen del flujo elástico a un ritmo determinado por

Γ(k; ρ) = − 1

k0
Im Σν(k; ρ) (2.18)
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dondeΓ(k; ρ) es la anchura de desintegración, véase el ap. A. NaturalmenteΓdt es una probabili-
dad de interacción, que multiplicada por un área diferencial dS

dσ = Γ(k; ρ) dtdS = − 1

k0
Im Σν(k; ρ) dtdS = − 1

|k| Im Σν(k; ρ) d
3r (2.19)

define la sección eficaz. Así podemos escribir la sección eficaz como una integral sobre todo el
volumen nuclear de la auto-energía del neutrino:

σ = − 1

|k|

∫

d3r ImΣν (k; ρ (r)) (2.20)

donde hemos consideradoΣν como una función de la densidad nuclear en cada punto del núcleo.
Esto equivale a trabajar en un gas de Fermi en la aproximaciónde densidad local (local density
aproximation, LDA).

Para calcular la parte imaginaria deΣν usaremos las reglas de Cutkosky [24]. Así llegamos a:

Im Σν(k) =
8G√
2M2

W

∫
d3k′

(2π)3

Θ (q0)

2E ′
l

Im [Πµη
W (q; ρ)Lηµ] , (2.21)

dondeΘ(x) es la función paso o de Heavyside. Sustituyendo ec. (2.21) enec. (2.20) obtenemos
una expresión para la sección eficaz doblemente diferencial:

d2σνl

dΩ(k̂′)dk′0
= −|k′|

|k|
G2

4π2

(

2
√

2

g

)2 ∫
d3r

2π

[
Ls

µη Im (Πµη
W + Πηµ

W ) − La
µη Re (Πµη

W − Πηµ
W )
]
Θ
(
q0
)

(2.22)
y comparando con la ec. (2.2), las componentes simétrica y antisimétrica del tensor hadrónico
W µν = W µν

s + iW µν
a vienen dadas por:

W µσ
s = −Θ(q0)

(

2
√

2

g

)2 ∫
d3r

2π
Im [Πµσ

W + Πσµ
W ] (q; ρ) , (2.23)

W µσ
a = −Θ(q0)

(

2
√

2

g

)2 ∫
d3r

2π
Re [Πµσ

W − Πσµ
W ] (q; ρ) , (2.24)

que son trivialmente funciones reales.
El siguiente paso es encontrar una expresión para la auto-energíaΠµσ

W , del bosónW+ en el
medio nuclear. Siguiendo la ref. [17], realizaremos un desarrollo de dicha auto-energía en potencias
de densidad, incluyendo todos los posibles modos de absorción del bosón gauge: absorción por un
nucleón (modo cuasi-elástico), por dos o incluso tres nucleones, producción de mesones (π, ρ . . . )
reales y virtuales, excitación de∆(1232) y otras resonancias del nucleón, etc. Algunos de estos
modos se representan diagramáticamente en la fig. 2.2.

Hasta este punto la discusión ha sido completamente generaly el formalismo podría aplicarse
a cualquier proceso inclusivo. En la siguiente sección nos centraremos en la región cuasi-elástica
(quasi-elasticQE).
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Figura 2.2:Representación diagramatica de algunos diagramas que contribuyen a la auto-energía del bosoónW+.

2.3. Contribución cuasi-elástica aΠµν
W (q; ρ)

El bosón virtualW+ puede ser absorbido por un nucleón dando lugar a lo que se conoce
como contribución QE a la respuesta nuclear. Esto se corresponde con la excitación de un estado
intermedio partícula-hueco (1p-1h) tal y como se muestra enel primer diagrama de la fig. 2.2. Para
evaluar tal contribución es necesario conocer dos elementos: el propagadorS(p; ρ) de un nucleón
con momentop en materia nuclear de densidadρ, y el vértice correspondiente a la interacción
W +N → N .

En el Apéndice B se detalla cómo obtener el propagador de un nucleón en un gas de Fermi:

S(p; ρ) = ( /p+M)G(p; ρ), (2.25)

G(p; ρ) =
1

p2 −M2 + iǫ
+

2πi

2E(p)
δ
(
p0 − E (p)

)
Θ(kF − |p|) (2.26)

conkF (r) = (3π2ρ(r)/2)1/3 el momento de Fermi local,M = 940 MeV la masa del nucleón y
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E(p) =
√

M2 + p2. Trabajaremos en un gas de Fermi asimétrico, con diferentessuperficies de
Fermi para protones,kp

F y para neutrones,kn
F , lo que implica reemplazarρ/2 = (ρp + ρn)/2 en la

ecuación anterior porρp o ρn, las densidades de protones y neutrones.
El vértice de la corrienteW+n → p se obtiene a partir del elemento de matriz de la corriente

cargada
〈p;p′ = p + q|jα

cc(0)|n;p〉 = ū(p′)(V α − Aα)u(p) (2.27)

donde las corrientes vectorial y axial del nucleón

V α = 2 cos θC ×
[

F V
1 (q2)γα + i

µV F
V
2 (q2)

2M
σανqν

]

, (2.28)

Aα = cos θC ×
[
GA(q2)γαγ5 +GP (q2)qαγ5

]
(2.29)

se parametrizan en términos de factores de forma invariantes Lorentz. Éstas son las expresiones
más generales compatibles con la ecuación de Dirac y las simetrías que asumimos en la dinámica
del problema, básicamente invariancia Lorentz, T y CPT. La conservación de la corriente vectorial
(CVC) elimina términos con dependencia enqµ. En lo que respecta a la parte axial supondremos
invariancia bajo G-paridad [25] para prescindir de un término (pα + p′α)γ5 (corrientes de segunda
clase). En [26] se realizó un test experimental de esta hipótesis que no mostró evidencias de dichas
corrientes.

Por otra parte, la simetría de isospín permite relacionar los factores de forma isovectorialesF V
1

y µVF
V
2

F V
1 (q2) =

F p
1 (q2) − F n

1 (q2)

2
, µV F

V
2 (q2) =

µpF
p
2 (q2) − µnF

n
2 (q2)

2
(2.30)

con los factores de forma electromagnéticos de DiracF1 y PauliF2 para protónF p
1 , µpF

p
2 y neu-

trónF n
1 , µnF

n
2 . Los factores de forma electromagnéticos han sido medidos experimentalmente y

existen varias parametrizaciones en la literatura. La que usaremos en esta memoria es la de Gals-
ter y colaboradores [27], que analizaron resultados experimentales de dispersión de electrones por
deuterio. En dicha referencia los factores de forma eléctricoGE y magnéticoGM

FN
1 =

GN
E + τGN

M

1 + τ
, µNF

N
2 =

GN
M −GN

E

1 + τ
, (2.31)

conocidos como factores de forma de Sachs, se parametrizan según

Gp
E =

Gp
M

µp
=
Gn

M

µn
= −(1 + λnτ)

Gn
E

µnτ
=

(
1

1 − q2/M2
D

)2

(2.32)

conτ = −q2/4M2,MD = 0.843 GeV,λn = 5.6 y los valores usuales para los momentos magnéti-
cosµp = 2.792847, µn = −1.913043. Actualmente se dispone de nuevas parametrizaciones [28],
sin embargo en esta memoria seguiremos usando las clásicas de Galster, ya que éstas se ajustaron
a datos más cercanos al rango cinemático que estudiaremos enlas siguientes secciones. Además,
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como veremos en Sec. 2.8, las incertidumbres en los parámetros relacionados con el modelo son
dominantes frente a las provenientes de los factores de forma.

Si suponemos que la parte pseudoescalar de la corriente (qαγ5) está dominada por un diagrama
de polo de pión3 la divergencia de la corriente axial queda:

qαA
α = 2 cos θC ×

[

2MGA(q2) +
q2fπgπNN(q2)

m2
π − q2

]

γ5 , (2.33)

dóndefπ ≈ 93MeV es la constante de desintegración del pión ygπNN es la constante del acopla-
miento pseudo-vector4 pión-nucleón. Suponiendo conservación parcial de la corriente axial (par-
tially conserved axial current, PCAC):∂αAα ∼ m2

π, en el límite quiral (m2
π → 0) se obtiene una

relación entre el factor de forma pión-nucleon y el factor deforma axialGA(q2):

2MGA(q2) = fπgπNN(q2) . (2.34)

Paraq2 = 0 se obtiene la relación de Goldberger-Treiman [31], que estáconfirmada con una
precisión del 3 %. Así tomaremos

GP (q2) = GA(q2)
2M

m2
π − q2

(2.35)

para el factor de forma pseudoscalar.
La dependencia deGA(q2) enq2 es más difícil de determinar. Lo que se hace comúnmente es

suponer un factor de forma axial dipolar:

GA(q2) =
gA

(1 − q2/M2
A)2

(2.36)

por analogía con los factores de forma vectoriales. Los parámetrosgA yMA se obtienen a partir del
ajuste a datos experimentales. Así, en la desintegraciónβ, se determina un valorgA = 1.26 para el
acoplamiento vector axial. Más díficil es obtener la masa de corte axialMA, para lo cual existen
dos métodos, con resultados ligeramente discrepantes: en electroproducción de piones se obtiene
MA = 1.069 GeV; valores ligeramente menores, en torno aMA = 1.026 GeV, se obtienen con
neutrinos. Una revisión de estos resultados se puede consultar en [29]. Nosotros adoptaremos el
valor obtenido en [32] a partir de la reacciónν +n→ µ−p en deuterio:MA = 1.049 GeV. En [33]
se intentó ajustarGA(q2) con dependencias monopolares o tripolares, con resultadospeores por
1.5 desviaciones estándar que cuando se utiliza una forma dipolar .

2.3.1. La autoenergíaΠµν
W (q)

Con los ingredientes discutidos en la sección anterior podemos calcular la auto-energíaΠµν
W (q; ρ)

correspondiente al primer diagrama de la fig. 2.2:

−iΠµν
W (q) = − cos2 θC

(
g

2
√

2

)2 ∫
d4p

(2π)4
Aµν(p, q)G(p; ρn)G(p+ q; ρp) (2.37)

3Otras contribuciones a este término son 200 veces menores paraq2 = 0, véanse [29,30].
4Estamos usando el lagrangianoLπNN = (gπNN/2M)ΨNγµγ5τΨn · ∂µπ.
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donde el tensorAµν viene dado por:

Aµν(p, q) = Tr

{[

2F V
1 γ

µ − 2i
µV F

V
2

2M
σµαqα −GA

(

γµγ5 −
2M

m2
π − q2

qµγ5

)]

×

( /p+ /q +M)

[

2F V
1 γ

ν + 2i
µVF

V
2

2M
σνβqβ −GA

(

γνγ5 +
2M

m2
π − q2

qνγ5

)]

( /p +M)

}

. (2.38)

Al realizar las trazas en el espacio de Dirac se obtienen expresiones que se dan explícitamente
en el apéndice C.1. La autoenergía de ec. (2.37) nos permite obtener el tensor hadrónico:

W µν(q) = −cos2 θC

2M2

∫ ∞

0

drr2

{

2Θ(q0)

∫
d3p

(2π)3

M

E(p)

M

E (p + q)

× Θ (kn
F (r) − |p|)Θ (|p + q| − kp

F (r)) (−π)

× δ
(
q0 + E (p) − E (p + q)

)
Aνµ(p, q)|p0=E(p)

}

.

(2.39)

Es interesante comentar:

La función pasoΘ (|p + q| − kp
F (r)) da cuenta del bloqueo de Pauli sobre los estados de

protón (partícula saliente en el procesoW+ + n→ p) por debajo del nivel de Fermi.

La integral en
∫
d3pΘ (kn

F (r) − |p|) representa la suma sobre todos los estados de un mar
de Fermi de neutrones, lo que se conoce en la literatura comoFermi motion.

La funciónδ asegura la conservación de energía.

Las integrales sobre trimomentos pueden hacerse analíticamente y escribirse en función de la parte
imaginaria de la función de Lindhard (ver Ap. B). De esta forma y gracias a las ecs. (B.8)–(B.17)
se puede evaluar la integración end3p en la ec. (2.39).

Hasta este punto el tratamiento ha sido completamente relativista y no existen limitaciones
(excepto las relativas a posibles efectos de quarks en los factores de forma) al cuadrimomento
transferido al núcleo, que puede ser comparable o superior ala masa del nucleón. En la sección
siguiente incluiremos una serie de correcciones importantes debidas a efectos del medio nuclear.
Para describir estos efectos haremos uso de una interación efectiva no-relativista entre nucleones,
de manera que, para ser consistentes, deberemos consideraruna versión no-relativista del tensor
hadrónico. Esto se realiza sin más que sustituir los factoresM/E(p) y M/E(p + q) en ec. (2.39)
por la unidad. Las expresiones resultantes también se dan enel apéndice B.

2.4. El teorema de bajas densidades y la sección eficaz
νN → lN en el vacío

En el límite de bajas densidades nucleares cualquier modelonuclear debería reproducir los
resultados en el vacío. Este teorema se conoce como teorema de bajas densidades (low density
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theorem, LDT). En nuestro modelo podemos recuperar este límite aproximando la parte imaginaria
de la función de Lindhard

ImUR(q, kn
F , k

p
F ) ≈ −πρn

M

E(q)
δ
(
q0 +M −E (q)

)
. (2.40)

En este límite la energía del leptón saliente está fijada completamente una vez que se desprecia
el momento de los nucleones en el mar de Fermi, con lo que las funciones de estructuraWi son
proporcionales a la delta de Dirac de energías y el tensor hadrónico queda

W µν =
N cos2 θC

8ME(q)
δ
(
q0 +M −E (q)

)
Aνµ

∣
∣
∣
p=(M,0)

(2.41)

conN el número de neutrones. De esta manera es fácil comprobar

σνl+AZ→l−+X ≈ Nσνl+n→l−+p (2.42)

y que por tanto se verifica el LDT.
Es sencillo obtener la sección eficaz del procesoνl + n→ l− + p, que viene dada por

σνl =
G2 cos2 θc

8π(s−M2)2

∫ q2
max

q2
min

dq2LµνA
νµ
∣
∣
∣
p=(M,0)

(2.43)

donde los tensoresLµν y Aµν están definidos en ecs. (2.3) y (C.1) respectivamente.s = (2Eν +
M)M es la masa invariante del sistema. Los límites de integración vienen dados por

q2
min = m2

l − 2Eν(E
′
l − |k′|) (2.44)

q2
max = m2

l − 2Eν(E
′
l + |k′|) (2.45)

conEν , E ′
l y k′ las energías y momentos en el sistema de referencia LAB y la variableq2 puede

relacionarse con el ángulo de dispersiónθ′ segúnq2 = (k−k′)2 = m2
l −2Eν (E ′

l − |k′| cos θ′). La
contracción de los tensores en ec. (2.43) da como resultado

LµνA
νµ
∣
∣
∣
p=(M,0)

= (q2 −m2
l )

{

a1 +
s

2
a2 −

q2

2
a3 − a4

m2
l

2

}

+ (s−M2)

{
s−M2

2
a2 − q2a3

}

(2.46)
con las funciones de estructura de nucleónai(q

2) definidas en ec. (C.6).
Para obtener la sección eficaz del proceso inducido por antineutrinos,̄νl + p → l+ + n, basta

con reemplazara3 por−a3.

2.5. Correciones de medio nuclear

Hasta ahora hemos descrito el núcleo como un gas de Fermi de nucleones no correlaciona-
dos. Esta aproximación es poco realista para energías bajase intermedias, véase por ejemplo la
discusión en el texto de Fetter y Walecka [15].
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En esta sección introducimos los elementos de nuestro modelo que suponen una mejora sobre
el modelo de gas de Fermi en LDA. Este formalismo ha sido utilizado extensivamente para estu-
diar una gran variedad de fenómenos de física nuclear y hadrónica: átomos piónicos, colisiones
pión-núcleo, hipernúcleos y lo que es más relevante para nuestro trabajo, absorción de fotones y
dispersión de electrones por núcleos [34–38].

2.5.1. Balance energético y distorsión Coulombiana

En primer lugar hay que tener en cuenta la energía mínima de excitacion, oQ-value

Q = M(AZ+1) −M(AZ) (2.47)

necesaria para realizar la transición hasta el estado fundamental del núcleo final, ec. (2.1), véanse
refs. [39–43]. En un gas de Fermi no existe estegapy por lo tanto pueden producirse excitaciones
partícula-hueco con una pequeña energía

QLFG(r) = Ep
F (r) −En

F (r) . (2.48)

Por ejemplo, la transición12Cgs →12Ngs tieneQ = 16.827 MeV, un valor que es relevante para
reacciones que involucren transferencias de energía del orden de las decenas de MeV. Para tener
todo esto en cuenta reemplazaremos

q0 → q0 − [Q−QLFG(r)] (2.49)

en la ec. (2.39) a la hora de calcular el tensor hadrónico.
Por otra parte, el leptón saliente es una partícula cargada que se mueve en un campo Coulom-

biano generado por la distribución de carga positiva del núcleoρch(r). Para implementar este efecto
seguiremos la aproximación semiclásica de las refs. [41–44]. En este esquema se inserta una auto-
energía en el propagador del leptón intermedio en el diagrama de auto-energía del neutrino de la
fig. 2.1. Desarrollemos dicha auto-energía a primer orden enel potencial Coulombiano:

ΣC = 2k′ 0VC(r) , (2.50)

dondeVC(r) es el potencial Coulombiano generado por una densidad esférica de carga:

VC(r) = −4πα

[
1

r

∫ r

0

dr′ r′ 2ρch(r
′) +

∫ +∞

r

dr′ r′ρch(r
′)

]

(2.51)

conα = 1/137.036 la constante de estructura fina y la distribución de carga,ρch, normalizada aZ.
Al evaluar la parte imaginaria del diagrama de auto-energíaΣν del neutrino tenemos que poner el
propagador intermedio del leptón

1

k′ 2 −m2
l − 2k′ 0VC(r) + iǫ

(2.52)
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en capa de masas. Siguiendo las reglas de Cutkosky y despreciando correcciones cuadráticas en
VC reeplazamos ec. (2.52) por:

−iπ δ(k
′ 0 −E ′

l)

k′ 0
Θ(Ê ′

l(r) −ml) (2.53)

conE ′
l, la energía asintótica del leptón (cuando el potencial CoulombianoVC es despreciable), y

la energía local del leptón̂E ′
l(r) definida

Ê ′
l(r) + VC(r) =

√

m2
l + K2(r) + VC(r) = E ′

l (2.54)

de manera que se conserve la energía. Debido al potencial Coulombiano, el momento del leptón
no se conserva y es una función der, tomando el valor asintóticok′ a largas distancias. De este
modo sustituiremosq por una función localq′(r) = k − K(r) en la ec. (2.39). Además, al tener
en cuenta la dependencia enr del trimomento en la integral

∫
d3k′ en la ec. (2.21) aparece una

correción al espacio fásico:
|K(r)|Ê ′

l(r)/|k′|E ′
l . (2.55)

Este método de tener en cuenta la correción Coulombiana (CB)tiene un claro parecido con
la aproximación del momento efectivo modificada (modified effective momentum approximation)
utilizada en [45]. El uso de la aproximación de ondas planas en la región de interacción equivale a
suponer que el potencial Coulombiano no modifica la dirección de las partículas que abandonan el
núcleo. El potencial Coulombiano no debería alterar de forma apreciable el paquete de ondas del
leptón cargado saliente, que es asintóticamente esférico.El único efecto sería frenarlo levemente y
así cambiar la longitud de onda y la amplitud según se mueve hacia r mayores. Como se muestra
en [45] este método es bastante preciso para muones de baja energía. Para electrones y positrones
se suele usar la función de FermiF (Z,E ′

l) [46]. De todo modos, las correcciones son pequeñas,
relevantes únicamente para reacciones cerca del umbral cinemático en núcleos pesados.

2.5.2. Correlaciones de largo alcance. RPA

Hasta ahora hemos supuesto que la interacción neutrino-nucleón no está afectada por el hecho
de que los nucleones estén inmersos en un medio nuclear. Sin embargo, la intensidad del acopla-
miento electrodébil se modifica de manera muy apreciable porlas correlaciones entre nucleones
ligados. Estequenchingde la respuesta nuclear es un fenómeno que se conoce bien desde los
experimentos sobre desintegracionesβ en los años 70 [47, 48]. Para calcular este efecto en reac-
ciones neutrino-núcleo seguiremos un formalismo que ya ha sido usado con éxito para describir
las interacciones de fotones [49] y electrones [17] con núcleos en el rango de energías intermedias.

La idea básica de este formalismo consiste en sustituir la respuesta nuclear que se obtiene
al considerar una única excitación partícula-hueco (1p-1h) por una inserción RPA. Ésta última
consiste en una serie de diagramas partícula-agujero, comolos mostrados en fig. 2.3. Al trabajar
en un gas de Fermi las funciones de onda de nucleones son ondasplanas, por lo que dicha serie
puede calcularse analíticamente.
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Figura 2.3:Conjunto de diagramas irreducibles responsables de los efectos de polarización (RPA) en la contribución
1p1h a la auto-energía delW+.

Para describir la interacción partícula-hueco, denotada como V en la fig. 2.3 usaremos una
interacción efectiva de tipo Landau-Migdal:

V = c0 {f0(ρ) + f ′
0(ρ)τ 1τ 2 + g0(ρ)σ1σ2 + g′0(ρ)σ1σ2τ 1τ 2} , (2.56)

dondeσ y τ son matrices de Pauli en el espacio de espín e isospín del nucleón, respectiva-
mente. Dicha interacción es de contacto, es decir, en el espacio de posiciones tiene una forma
V (r1, r2) ∝ δ(r1 − r2), determinada en las refs. [50, 51]. En estos trabajos dichoscoeficientes se
ajustaron para reproducir momentos eléctricos y magnéticos, probabilidades de transición y reso-
nancias gigantes de tipo eléctrico y magnético. Estas parametrizaciones tienen una dependencia
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explícita en la densidad para la parte escalar de la interacción:

fi (ρ (r)) =
ρ (r)

ρ (0)
f

(in)
i +

[

1 − ρ (r)

ρ (0)

]

f
(ex)
i (2.57)

con unos valores para los coeficientes:

f
(in)
0 = 0.07 f

′(ex)
0 = 0.45

f
(ex)
0 = −2.15 f

′(in)
0 = 0.33

g0 = 0.575 g′0 = 0.725

(2.58)

y c0 = 380 MeV fm3. La descripción del canalS = T = 1 (operadorσσττ ) se puede mejorar [52]
usando una interacción que tenga en cuenta explícitamente el intercambio de mesonesπ y ρ. Para
ello separamos las partes longitudinalVl y transversalVt de la interacción:

c0g
′
0(ρ)σ1σ2τ 1τ 2 → τ 1τ 2

3∑

i,j=1

σi
1σ

j
2V

στ
ij , (2.59)

V στ
ij = q̂iq̂jVl(q) + (δij − q̂iq̂j)Vt(q) , (2.60)

dondeq̂ = q/|q| y los potenciales de los canales longitudinal y transversalvienen dados por:

Vl(q
0,q) =

f 2

m2
π

{(
Λ2

π −m2
π

Λ2
π − q2

)2
q2

q2 −m2
π

+ g′l(q)

}

(2.61)

con
f 2

4π
= 0.08 , Λπ = 1200 MeV (2.62)

para el canal longitudinal y

Vt(q
0,q) =

f 2

m2
π

{

Cρ

(
Λ2

ρ −m2
ρ

Λ2
ρ − q2

)2
q2

q2 −m2
ρ

+ g′t(q)

}

(2.63)

con
Cρ = 2 , Λρ = 2500 MeV , mρ = 770 MeV (2.64)

para el canal transversal.
Las funcionesg′l(q) y g′t(q) aparecen como consecuencia de la introducción de correlaciones de

corto alcance (short range correlations, SRC) en la interacción nucleón-nucleón. La dependencia
en momento de estas funciones es bastante suave, y suele despreciarse, tomando así dichas funcio-
nes un valor constante común, que se conoce como parámetro deLandau. Esto supone básicamen-
te asumir una repulsión de tipohard-corepara la interacción nucleón-nucleón a cortas distancias.
Nosotros usaremos para estos parámetros el valor usual en laliteratura:g′l(q) = g′t(q) = g′ = 0.63,
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como ya se hizo en [17] para estudiar dispersión de electrones por núcleos. Nótese cómo este valor
da lugar a un valor parag′f 2/m2

π consistente conc0g′0.
Como ya se puso de relevancia en [52], la resonancia∆(1232) juega un papel relevante en

procesos nucleares a bajas energías, aunque la cinemática no permita la producción de piones.
Aquí tendremos en cuenta otros efectos incluyendo inserciones de estados∆h en la serie RPA.
Dados los números cuánticos de esta resonancia (J = 3/2, I = 3/2) la interacción efectiva∆h-
ph sólo afectará a los canales vector-isovector de la respuesta. Asumiremos una forma para la
interacciones efectivas ph-∆h y ∆h-∆h idéntica a la de las ecs.(2.61) y (2.63), pero sustituyendo
los operadoresσ y τ por los operadores de transición5 entre espacios de espín e isospín 1/2 a 3/2:
σ → S y τ → T, respectivamente. Además por cada∆ que reemplaze a un nucleón habrá que
sustituir:f → f ∗ = 2.13f , [52].

Las líneasV en la fig. 2.3 indican la interacción efectiva descrita en lospárrafos anteriores.
Debido a la estructura de isospín del acoplamientoW+NN los términos isoscalares en la inter-
acción efectiva (f0 y g0) no intervienen en corrientes cargadas. Por consistencia con la naturaleza
no-relativista de la interacción efectiva barión-barión en el núcleo despreciaremos los términos de
ordenO(p2/M2) cuándo sumemos la serie RPA. A continuación damos un ejemplode cómo se
suma uno de los términos de esta serie, en concreto el dominante, proporcional aG2

A.
Para empezar, examinemos el término vector axialGAγ

µγ5τ+/2. Los operadores escalera en
el espacio de isospín:τ± = τx ± iτy son responsables de las transicionesn → p y p → n y están
normalizados segúnτ+|n〉 = 2|p〉. La reducción no-relativista del operador a primer orden enuna
expansiónp/M es

GAur′ (p
′)
τ+
2
γµγ5ur (p) = 2MGAχ

†
r′

(

−gµiσi + gµ0σ · (p + p′)

2M
+ · · ·

)
τ+
2
χr , (2.65)

dondep′ = p + q y χr es una función de onda no-relativista de nucleón con índicesde espín e
isospín, sumamos sobre los índices repetidosi = 1, 2, 3 y los puntos suspensivos6 indican corre-
ciones de ordenO (p2/M2,p′ 2/M2, q0/M). En la aproximación de impulso esta corriente daría
lugar a un tensor CC de nucleón

Aµν(p, q)|NR
ax vec = 8M2 (Aµν

1 + Aµν
2 ) (2.66)

Aµν
1 = G2

Ag
µigνjδij , Aµν

2 = −G2
A

(
gµigν0 + gµ0gνi

) (2p + q)i

2M
(2.67)

con i, j = 1, 2, 3 y de nuevo sumamos sobre índices repetidos. Este tensorAµν(p, q)|NR
ax vec puede

también obtenerse directamente de la reducción no-relativista deAµν(p, q) en la ec. (C.1).A1

proviene del operador dominante−gµiσiτ+/2 e involucra la traza deG2
Aσ

iσj (contribución de la
excitación 1p1h representada en el primer diagrama de fig. 2.3).

5Estos operadores están normalizados de manera que sus elementos de matriz sean iguales a los coeficientes de
Clebsch-Gordan, es decir, sus elementos de matriz reducidos son iguales a 1.

6Nótese queq0/M es de orden|q|2/M2.
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Consideremos primero este operador y, para simplificar, el término directo de la función de
Lindhard. La estructura de espín de este operador implica que el término escalarf ′

0 de la interacción
efectiva no contribuye a estos términos de la serie RPA, de manera que sólo nos quedamos con la
parte

∑

ij V
στ
ij σi

1σ
j
2τ 1τ 2 de la interacción efectiva. Fijémonos ahora en los diagramas irreducibles

relativos a las excitaciones de uno y dos estados partícula agujero, diagramas primero y segundo
de la fig. 2.3. La contribución de estos diagramas a la auto-energía del bosónW+ es:

Πij
W ∝ 〈p| τ+

2
|n〉
〈

n|τ−
2
|p
〉 U

2
Tr
(
σiσj

)

+
〈

p|τ+
2
|n
〉

〈n|τ |p〉 · 〈p|τ |n〉
〈

n|τ−
2
|p
〉(U

2

)2 3∑

k,l=1

Tr
(
σiσl

)
Tr
(
σkσj

)
V στ

lk

= U (q, kn
F , k

p
F )
(
δij + 2U (q, kn

F , k
p
F )V ij

στ

)
.

(2.68)

conU la función de Lindhard no relativista definida en la ec. B.19.La excitación de tres estados
ph contribuye con

U(2U)2
∑

k

V ik
στV

kj
στ = U

(
2U
)2 (

q̂iq̂jV
2
l + (δij − q̂iq̂j)V

2
t

)
(2.69)

aΠij
W . De este modo la suma de toda la serie implícita en fig. 2.3 da lugar a dos series geométricas

independientes, una en el canal longitudinal y otra en el transversal. Por tanto, podemos incorporar
el efecto de la renormalización mediante la sustitución

δij ImU(q, kn
F , k

p
F ) →

Im

{

U(q, kn
F , k

p
F )

(
q̂iq̂j

1 − 2U(q, kn
F , k

p
F )Vl(q)

+
δij − q̂iq̂j

1 − 2U(q, kn
F , k

p
F )Vt(q)

)}

=

ImU (q, kn
F , k

p
F )

(
q̂iq̂j

|1 − 2U (q, kn
F , k

p
F )Vl(q)|2

+
δij − q̂iq̂j

|1 − 2U(q, kn
F , k

p
F )Vt(q)|2

)

(2.70)

en el tensor hadrónicoW µν .
La inclusión de los estados∆h y los términos cruzados en la función de Lindhard que no

aparecen en la funciónU se realiza sustituyendo2U porU(q, kF ) = UN + U∆ en el denominador
de ec. (2.70). Para más detalles ver ap. B. Los distintos acoplamientos para N y∆ se incorporan
enUN y U∆ de manera que podemos usar las mismas interaccionesVl y Vt para las excitaciones
ph y ∆h [52]. Al tomarq en la dirección del eje Z resulta que las contribuciones de lacorriente
axial vector a las componentes transversales(xx, yy) y longitudinalzz del tensor hadrónico están
renormalizadas por factores distintos,1/|1 − U(q, kF )Vt(q)|2 frente a1/|1 − U(q, kF )Vl(q)|2.

Prestemos ahora atención al términoA2 en la ec. (2.67), que proviene de la interferencia entre
los operadores−gµiσiτ+/2 y τ+gµ0 (σ · (p + p′)) /4M de la ec. (2.65). Al considerar la serie RPA
completa tenemos que sustituir

8M2 q
0

|q|G
2
A ImU(q, kn

F , k
p
F ) → 8M2 q

0

|q|G
2
A

ImU(q, kn
F , k

p
F )

|1 − U(q, kF )Vl(q)|2
(2.71)
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en las componentes0z y z0 del tensor hadrónicoW µν .
Este procedimiento se ha repetido para todas las contribuciones al tensor hadrónico de nucleón

Aµν . En el ap. C.1 damos expresiones para las componentes relevantes (00, 0z, zz, xx, xy). Sólo
hemos calculado las correcciones para los dos primeros términos en la expansión de la corriente en
p/M . Una excepción a esta regla se ha hecho para los términos de tipo magnéticoµV F

V
2 |q|/M , que

hemos supuesto de ordenO(0) en la expansiónp/M , ya queµV puede tomar un valor relativamente
grande.

Para acabar esta sección discutiremos las diferencias entre nuestro esquema para la polariza-
ción RPA y el empleado por Oset y colaboradores en las referencias [41–44]. En primer lugar, en
estas referencias no se tuvo en cuenta el término escalar-isovector de la interacción efectiva ph-
ph. Existen además ciertas diferencias respecto al tratamiento tensorial de la función de respuesta
RPA. En el esquema seguido en esta tesis y desarrollado para dispersión de electrones en [17],
primero evaluamos la contribución 1p-1h al tensor hadrónico y todas las correcciones RPA a sus
distintas componentes. En un segundo paso contraemos el tensor hadrónico con el tensor leptónico
y obtenemos la sección eficaz según la ec. (2.2). Las correcciones RPA no sólo dependen de los
diferentes términos del tensor nucleónico (G2

A, (F 1
V )2, F 1

V F
2
V . . . ), si no que, como se ve en la

ec. (2.70), son diferentes según la componente del tensor que está siendo renormalizada.
En las referencias [41–44] estos pasos se realizan en orden inverso. Primero se contraen los

tensores leptónico y hadrónico, sin tener en cuenta los efectos de polarización del medio. Esta
contracción, salvo factores cinemáticos, se nota como

∑∑|T |2 en las citadas referencias. En un
segundo paso se estudian los efectos de la polarización del medio en los distintos términos, tal
y como hemos hecho en esta tesis. De este modo, para un términodado, no se puede estudiar
el efecto de la RPA en cada uno de las componentes del tensor hadrónicos por separado. Como
ejemplo, en la corrección al término axial-axial (ec. (2.67)), los autores de [41–44] realizaban la
sustitución

G2
A → G2

A

(
2

3|1 − U(q, kF )Vt(q)|2
+

1

3|1 − U(q, kF )Vl(q)|2
)

(2.72)

que nosotros podemos recuperar si contraemos la ec. (2.70) con δij y reemplazamos2U → U . De
este modo la ec. (2.72) es estrictamente correcta, despreciando términos de ordenp/M , sólo para la
contribución a

∑∑|T |2 que sale de contraer el tensor hadrónico con el término engµν del tensor
leptónico. Por lo tanto la prescripción de la ec. (2.72) no escorrecta para las contribuciones que
surgen de la contracción con los términosk′µkσ + k′σkµ del tensor leptónico con los contribución
axial-axial del tensor hadrónicoW µν . De todos modos en procesos a baja energía como captura
muónica (donde esta aproximación fue usada por primera vez yel trimomento del muón puede
despreciarse) ésta es una aproximación razonable.

2.5.3. Interacción en el estado final

Una vez que el bosónW virtual produce la excitación ph, el nucleón saliente puedecolisionar
numerosas veces con los demás nucleones del medio, con la consiguiente emisión de más nu-
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cleones. El resultado es una reducción de la respuesta QE en el pico y una redistribución de la
respuesta hacia mayores momentos transferidos. Para describir este efecto hay que tener cuidado
a la hora de distinguir entre procesos inclusivos y exclusivos. En estos últimos el estado final del
núcleo es detectado. Así, para estos últimos es posible utilizar potenciales ópticos para describir la
aparición de nuevos canales aparte del generado por la excitación 1ph, que reducen parte del flujo
del canal cuasielástico. Sin embargo, para observables inclusivos, donde todos los canales abiertos
contribuyen a la respuesta, es necesario otro enfoque.

En nuestro MBF describiremos la FSI usando propagadores delnucleónvestidoscon auto-
energías realistas que dependen explícitamente del momento y la energía del nucleón. Para ello
haremos uso del modelo semifenomenológico de la referencia[53]. Las funciones espectrales de
nucleón obtenidas a partir de estas auto-energías se comparan razonablemente bien con las obte-
nidas a partir de modelos microscópicos como los de las refs.[54–58] Además, esta autoenergía
mantiene una dependencia en energías y momentos, que otros modelos utilizados enscattering
de neutrinos [59, 60] no tienen en cuenta. Las auto-energíasde [53] tienen una parte imaginaria
proveniente de componentes tipo 2p2h que es equivalente al uso de funciones de onda correla-
cionadas evaluadas mediante interacciones realistas NN. Así consideraremos el diagrama de la
fig. 2.4, donde las líneas a trazos representan una interacción NN en el medio nuclear [52,53].

   

q

p

p+q

Figura 2.4:Diagrama de auto-energía de unW+− obtenido a partir del primer diagrama en fig. 2.2 vistiendo el
propagador del estado partícula de nucleón en la excitaciónph.

Aquí hay que tener cuidado, ya que la parte imaginaria de estediagrama es divergente. Esta
divergencia aparece al poner los estados 2p-2h de la fig. 2.4 en capa de masas, pues tenemos el
propagador de nucleón con momentop+q que puede ser puesto en capa de masas, ya que el bosón
W es virtual. Este diagrama describe la probabilidad por unidad de tiempo de que un nucleón
absorba el bosónW+ multiplicada por la probabilidad de que el nucleón final colisione con otro
nucleón. Como el nucleón es real (y por lo tanto su vida media es infinita) dicha probabilidad es
infinita.

El problema se puede resolver [61] si tenemos en cuenta que elnucleón en el gas de Fermi
adquiere una autoenergía, cuya parte imaginaria le proporciona una vida media finita (para coli-
siones). Esto es tenido en cuenta al iterar, en el sentido de la ecuación de Dyson, la inserción de
auto-energía de la fig. 2.5 en la línea de nucleón.
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Figura 2.5:Inserción de la auto-energía de nucleón en la línea de nucleón de la partícula estado.

De esta manera el propagador de partícula del nucleón en la ec. (2.26) se sustituye por un
propagador convenientemente renormalizadoGFSI(p; ρ) que incluye la auto-energíaΣ(p0,p; ρ)
del nucleón en el medio

GFSI(p; ρ) =
1

p0 − Ē(p) − Σ(p0,p; ρ)
(2.73)

donde hemos definidōE(p) = M+p2/2M . Esta expresión utiliza una reducción no-relativista del
propagador de nucleón en la ec. (2.26), ya que el modelo [53] utilizado para calcular la auto-energía
Σ(p0,p; ρ) del nucleón no es relativista. Además, éste se calculó en materia nuclear simétrica, lo
que hemos tenido en cuenta a la hora de presentar nuestros resultados.

Alternativamente al lenguaje de auto-energías del nucleónpodemos utilizar la representación
[15] de funciones espectrales

GFSI(p; ρ) =

∫ µ

−∞

dω
Sh (ω,p; ρ)

p0 − ω − iǫ
+

∫ ∞

µ

dω
Sp (ω,p; ρ)

p0 − ω + iǫ
(2.74)

dondeSh, Sp son las funciones espectrales de hueco y partícula relacionadas con la auto-energía
del nucleónΣ mediante

Sp,h(ω,p; ρ) = ∓1

π

Im Σ(ω,p; ρ)
[
ω − Ē(p) − ReΣ (ω,p; ρ)

]2
+ [Im Σ (ω,p; ρ)]2

(2.75)

conω ≥ µ o ω ≤ µ paraSp y Sh, respectivamente. El potencial químicoµ está definido según

µ = M +
k2

F

2M
+ Re Σ(µ, kF ) . (2.76)

Mediante la ec. (2.74) podemos reescribir el propagador de ph o la función de Lindhard de manera
que incorpore los efectos de auto-energía del nucleón en el medio, y obtenemos para la parte
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imaginaria:

ImUFSI(q; ρ) = −Θ(q0)

4π2

∫

d3p

∫ µ

µ−q0

dωSh(ω,p; ρ)Sp(q
0 + ω,p + q; ρ) . (2.77)

Comparando la expresión anterior con la ordinaria para la parte imaginaria de la función de Lind-
hard, ec. (B.19), se observa que, para tener en cuenta los efectos FSI en un medio simétrico de
densidadρ, debe sustituirse

2

∫
d3p

(2π)3
Θ(kn

F (r) − |p|)Θ(|p + q| − kp
F (r))(−π) δ(q0 + Ē(p) − Ē(p + q))Aνµ(p, q)|p0=Ē(p)

(2.78)
por

− 1

4π2

∫

d3p

∫ µ

µ−q0

dωSh(ω,p; ρ)Sp(q
0 + ω,p + q; ρ)Aνµ(p, q)|p0=Ē(p) (2.79)

en la expresión del tensor hadrónico de la ec. (2.39). Las integrales end3p y dω no son triviales
de calcular ya que en una amplia región cinemática la funciones espectrales son muy estrechas y
se comportan prácticamente como funciones delta de Dirac. Para simplificar el cálculo numérico
y ya que la parte imaginaria de la auto-energía de nucleón para los estados hueco es mucho menor
que para los estados partícula a energías de excitación intermedias, aproximaremosIm Σ ≈ 0 para
estados hueco. En [62] se mostró que esto es una buena aproximación. De este modo tomamos

Sh(ω,p; ρ) = δ
(

ω − Ê (p)
)

Θ
(

µ− Ê (p)
)

(2.80)

dondeÊ(p) es la energía de nucleón asociada al momentop obtenida de manera auto-consistente
a partir de la ecuación

Ê(p) = Ē (p) + ReΣ(Ê (p) ,p; ρ) . (2.81)

Es importante mantener la parte real de la auto-energía en los estados hueco al renormalizar los
propagadores de partícula, puesto que hay términos en las auto-energías de nucleón prácticamente
independientes del momento que cancelan en el propagador ph, donde las dos energías se sustraen.

2.6. Extensión del modelo a antineutrinos

Los resultados de este modelo para reacciones inducidas porantineutrinos:

ν̄l(k) + AZ(p) → l+(k′) +X (2.82)

se obtienen fácilmente sin más que tener en cuenta pequeñas modificaciones a las expresiones
dadas para reacciones inducidas por neutrinos en las secciones anteriores:
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Cambiar el signo de los términos que violan paridad (imaginarios puros) en el tensor leptó-
nico. Esto supone cambiar el signo del términoW3 en la expresión de la ec. (2.15) para la
sección eficaz doblemente diferencial.

Reemplazar la auto-energía del bosónW+ ec. (2.26) por la del bosónW−. Ésto se lo-
gra intercambiando el papel de protones y neutrones en todaslas fórmulas:Π

µν

W (ρn, ρp) =
Πµν

W (ρp, ρn). En núcleos simétricos ambas expresiones son idénticas.

Cambiar el signo del potencial CoulombianoVC , que pasa a ser repulsivo para leptones
cargados positivamente.

Corregir en la ec. (2.49) para el balance energético del LFG;y utilizar la diferenciaQ −
QLFG(r), dondeQ = M(AZ−1) −M(AZ) y QLFG(r) = En

F (r) −Ep
F (r).

2.7. Resultados

En esta sección presentaremos resultados obtenidos con nuestro modelo para diferentes obser-
vables en varios núcleos de interés.

Las densidades de carga del núcleo se han tomado del análisisde medidas experimentales
[63,64]. Para obtener densidades de protón hemos tenido en cuenta el efecto del tamaño finito del
protón y hemos desconvolucionado la densidad de centros de protón, siguiendo el procedimiento
descrito en la sección II de [65].

La densidad de neutrones es más difícil de obtener experimentalmente. Es necesario por tanto,
recurrir a modelo teóricos. Aquí hemos usado distribuciones similares a las de carga (convenien-
temente normalizadas), pero corregidas siguiendo el desarrollo de la matriz densidad inspirado en
cálculos Hartree-Fock de [66], que han sido corroborados por los datos en átomos piónicos [65]. El
tamaño finito del neutrón se ha tenido en cuenta mediante un procedimiento análogo al de protones
para obtener la densidad de centros de neutrones.

Las densidades así obtenidas siguen una distribución del tipo oscilador armónico modificado
(modified harmonic oscillator, MHO)

ρ(r) = ρ0

[

1 + a
( r

R

)2
]

e−(r/R)2 (2.83)

en núcleos conZ ≤ 8. Para los demás núcleos se tiene una distribución

ρ(r) =
ρ0

1 + exp
(

r−R
a

) (2.84)

conocida como de Fermi con 2 parámetros libres (2pf). Los valores usados para los parámetros en
los distintos núcleos se recopilan también en la tabla 2.1.

Para calcular losQ-valueshemos tomado las masas experimentales de los núcleos, segúnapa-
recen en [67]. Los valores obtenidos se dan en la tab. 2.1.
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Núcleo Rp [fm] Rn [fm] ap [fm] ∗ an [fm] Q [MeV] Q [MeV]
12C 1.692 1.692 1.082 1.082 16.827 13.880
16O 1.833 1.815 1.544 1.529 14.906 10.931
18O 1.881 1.975 1.544 2.048 1.144 14.413
23Na 2.773 2.81 0.54 0.54 3.546 4.887
40Ar 3.47 3.64 0.569 0.569 0.994 7.991
40Ca 3.51 3.43 0.563 0.563 13.809 1.822
44Ca 3.573 3.714 0.563 0.563 3.142 6.170
75As 4.492 4.64 0.58 0.58 0.353 1.688
112Cd 5.38 5.58 0.58 0.58 2.075 4.462
208Pb 6.624 6.890 0.549 0.549 2.368 5.512

Tabla 2.1:Parámetros para las densidades de carga (Rp, ap) y materia de neutrones (Rn, an) para varios núcleos.
Las parametrizaciones siguen los perfiles de las ecuacionesec. (2.83) para C y O y ec. (2.84) para los demás núcleos.
Notar que el parámetroa en la distribución MHO no tiene dimensiones. También mostramos losQ(Q)-values.

2.7.1. Reacciones inclusivas a bajas energías

En esta sección presentamos las predicciones de nuestro modelo para las reacciones inclusivas
12C(νµ, µ

−)X y 12C(νe, e
−)X a bajas energías del neutrino incidente, menores de 200 MeV.

Estas cinemáticas resultan en unas energías de excitación del núcleo bastante bajas,∼ 30
MeV. En estas regiones algunas aproximaciones de nuestro modelo están menos justificadas pero
podemos considerlas aceptables si limitamos nuestro estudio a secciones eficaces integradas. En
concreto, en la subsec. 2.5.3 aproximamos la parte imaginaria de los estados de hueco a cero:
Im Σh. Esta aproximación no está jutificada para excitaciones conenergías menores de 50 MeV,
ya que (ver [53]) a estas energías la parte imaginaria de la auto-energía de partículas y huecos
es comparable. Sin embargo, como veremos en las secciones siguientes los efectos de FSI para
observables integrados son pequeños, del orden del 5–10 % y por tanto no incluiremos la FSI en
los cálculos a bajas energías presentados en esta sección.

Por otro lado, cabe esperar que en este rango de energías los efectos de tamaño finito del
núcleo seran relevantes y deban ser tenidos en cuenta. De hecho, estas reacciones excitan estados
discretos y resonancias gigantes [68] y por lo tanto esperamos la aparición de picos estrechos
en la distribución de energías del leptón saliente. Naturalmente un gas de Fermi no reproduce
adecuadamente este tipo de efectos7. Sin embargo, como mostraremos en sec. 4.3, este tipo de
efectos son poco relevantes en observables integrados, siempre menores del 5 o 10 %.

Compararemos los resultados de nuestro modelo con los resultados experimentales para sec-
ciones eficaces integradas. En estos experimentos se tienenhaces de neutrinos no monocromáticos

7Aunque es conveniente señalar que en [50,51] se utilizó la interacción efectiva de la ec. (2.56) como mecanismo
para estudiar propiedades de algunas resonancias gigantes.
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con un espectroW (Eν) con energías comprendidas entreEmin
ν y Emax

ν . De esta manera lo que se
mide son secciones eficaces promediadas:

σ =

∫ Emax
ν

Emin
ν

dEν σ(Eν)W (Eν)
∫ Emax

ν

Emin
ν

dEν W (Eν)
. (2.85)

En el experimento LSND [69–72] se empleó un haz de neutrinos muónicos, provenientes de la
desintegración de piones cargados en vuelo. El espectro de estos neutrinos [69] se muestra en el
panel inferior derecho de fig. 2.6. En el caso de experimentoscon neutrinos electrónicos el haz se
obtiene a partir de la desintegración de muones en reposo. Elespectro está bien descrito por una
distribución de Michel:

W (Eν) ∝ E2
ν(E

max
ν − Eν) (2.86)

conEmax
ν =

(
m2

µ −m2
e

)
/2mµ y Emin

ν = 0.
Los resultados para las reacciones12C(νµ, µ

−)X y 12C(νe, e
−)X se muestran en la fig. 2.6 y

las tablas 2.2 y 2.3. En los cálculos se ha usado una cinemática no relativista para los nucleones y
no se han tenido en cuenta los efectos de FSI. El acuerdo con elexperimento resulta bastante bueno
y para ello es imprescindible tener en cuenta los efectos de medio nuclear. La simple prescripción
de multiplicar por 6 (número de neutrones en12C) la sección eficaz elementalνµ + n → µ− + p
sobreestima las secciones eficaces por un factor 5 para neutrinos muónicos (40 para neutrinos
electrónicos). La inclusión de efectos de mar de Fermi, bloqueo de Pauli (equivalentes a un modelo
de gas de Fermi) y un correcto balance energético describen correctamente el orden de magnitud
de la reacción. Sin embargo, es necesario incluir efectos deRPA y distorsión Coulombiana para
alcanzar una buena descripción de los datos.

En la tabla 2.2 se comparan nuestros resultados con las predicciones de otros modelos teóricos.
A primera vista nuestro modelo puede parecer demasiado simple en comparación con los modelos
de capas (shell model, SM) de [73, 74] o la RPA en el continuo (continuum RPA, CRPA) de [68];
sin embargo comienza a ser válido una vez que la energía de excitación del núcleo es lo bastante
grande como para que muchos estados nucleares finales contribuyan al proceso. Naturalmente, sólo
podemos aplicarlo a procesos inclusivos, en los que se realiza una suma sobre todos los estados
nucleares finales y no está diseñado para evaluar la contribución de estados nucleares individuales
a la sección eficaz. La aplicación de este método a núcleos finitos mediante la LDA ya se llevó a
cabo con éxito para procesos inclusivos con fotones reales [49] y virtuales [17]. El presente modelo
puede verse como una extensión de estos trabajos a procesos con neutrinos, que involucran además
a la corriente axial.

En los paneles centrales de la fig. 2.6 se muestran las distribuciones de energía del leptón salien-
te cerca del máximo deσ(Eν)W (Eν). En estas gráficas se aprecia el rango de energías transferidas
al núcleo:25–30 MeV para neutrinos muónicos y< 10 MeV para neutrinos electrónicos. Natu-
ralmente un espectro realista presentaría transiciones a estados discretos y picos en la distribución
del continuo. Sin embargo, como veremos más claramente en sec. 4.3, la respuesta integrada en
energías no se ve muy afectada por este tipo de efectos de tamaño finito.
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Figura 2.6:Predicciones para las reacciones12C(νµ, µ−)X (paneles de la izquierda) y12C(νe, e
−)X (paneles de

la derecha). Los resultados se han obtenido usando cinemática no relativista para los nucleones y sin incluir efectos
FSI.Arriba : Secciones eficaces multiplicadas por el flujo, en función dela energía del neutrino. Además del módelo
completo con correlaciones RPA pero sin FSI (línea sólida, “RPA”), presentamos resultados sin RPA ni correcciones
Coulombianas (línea de puntos, “Pauli+Q”), y también el modelo de nucleón libre (línea de rayas) (“6σ(νn → pl−)”).
Centro: Secciones eficaces diferenciales para energías fijas de neutrino,Eνµ

= 179.5 MeV (izquierda) yEνe
= 46.2

MeV (derecha), en función de la energía transferida al núcleo. Abajo: Espectro de neutrinos muónicos (izquierda) y
electrónicos (derecha).

La interacción efectiva ph(∆h)-ph(∆h) usada para el cálculo de la serie RPA ha sido testeada
en numerosos procesos nucleares: [17,34–38,49]. La inclusión en la RPA de los grados de libertad
de la∆(1232) supone una reducción de la sección eficaz promedio delproceso12C(νµ, µ

−)X del
orden del 15 %, mientras que para12C(νe, e

−)X la reducción es sólo del 4 %. Esto se debe que las
energías de excitación nucleares relevantes en el caso deνe son mucho más pequeñas (≤ 10 MeV)
que para el caso del experimento LSND (∼ 25–30 MeV). También es importante el tratamiento
riguroso de las correcciones RPA (véanse los comentarios de2.5.2): en [43] se predice para el
experimento de LSND una sección eficaz deσ = (16.7± 1.4)× 10−40 cm2, que es un 40 % mayor
que el obtenido en nuestros cálculos, usando una forma muy similar para la interacción efectiva
ph(∆h)-ph(∆h).
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LDT Pauli+Q RPA SM [73] SM [74] CRPA [68]

σ(νµ, µ
−) 66.1 20.7 11.9 13.2 15.2 19.2

σ(νe, e
−) 5.97 0.19 0.14 0.12 0.16 0.15

Tabla 2.2: Secciones eficaces promediadas para las reacciones12C(νµ, µ−)X y 12C(νe, e
−)X en unidades

10−40 cm2. Denotamos nuestras predicciones como en fig. 2.6. También citamos resultados teóricos de otros gru-
pos.

LSND’95 [69] LSND’97 [70] LSND’02 [71]
σ(νµ, µ

−) 8.3 ± 0.7 ± 1.6 11.2 ± 0.3 ± 1.8 10.6 ± 0.3 ± 1.8

KARMEN [75] LSND [72] LAMPF [76]
σ(νe, e

−) 0.15 ± 0.01 ± 0.01 0.15 ± 0.01 ± 0.01 0.141 ± 0.023

Tabla 2.3: Resultados experimentales de las secciones eficaces12C(νµ, µ−)X y 12C(νe, e
−)X en unidades

10−40 cm2.

2.7.2. Reacciones inclusivas QE a energías intermedias

En esta subsección presentaremos resultados para secciones eficaces de neutrinos y antineutri-
nos electrónicos y muónicos para varios núcleos a energías intermedias. En este rango de energías
(150–400 MeV paraνe y 250–500 paraνµ) nuestro modelo es fiable no sólo para observables
integrados (ver Sec. 2.7.1), si no también para secciones eficaces diferenciales. La principal limi-
tación de nuestro modelo provendrá del uso de cinemáticas norelativistas para los nucleones, que
suponen correcciones del 5–10 %.

En la fig. 2.7 se estudian las correcciones a la sección eficaz como consecuencia de la in-
troducción de distorsión Coulombiana y de correlaciones RPA. La inclusión de estos efectos es
importante para neutrinos y antineutrinos en todo el rango de energías considerado, con correc-
ciones del orden del 20–60 %. La correcciones RPA reducen lassecciones eficaces especialmente
a bajas energías, pero sus efectos son relevantes incluso para las energías más altas estudiadas en
este trabajo, con supresiones del orden del 20–30 %. La distorsión Coulombiana del leptón carga-
do aumenta la sección eficaz de neutrinos, mientras que el efecto para antineutrinos es el inverso.
El efecto disminuye con la energía del neutrino incidente. Para neutrinos el efecto relativo de las
dos correcciones simultáneas RPA+CB, es similar para todoslos núcleos estudiados. En el caso
de antineutrinos hay una moderada dependencia de estas correcciones enA y Z. Para un leptón
cargado positivamente la repulsión Coulombiana tiende a reducir el momento efectivo dentro del
núcleo, de manera que el factor de corrección del espacio fásico |K(r)|Ê ′

l(r)/|k′|E ′
l es menor que

la unidad, y disminuye según aumentaZ. Por otro lado, la supresión RPA disminuye cuando dicho
momento efectivo aumenta y crece conA. La combinación de estos efectos explica la dependencia
encontrada para antineutrinos. Además estos efectos disminuyen con la energía del antineutrino,
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Figura 2.7:Correciones RPA y Coulombianas a secciones eficaces QE para neutrinos y antineutrinos electrónicos
y muónicos, para diferentes núcleos. Hemos tratado los nucleones relativísticamente y no hemos tenido en cuenta
correciones FSI.RRPA+CB se define cómo(σRPA+CB − σ0)/σ0, dondeσ0 no incluye correcciones RPA o CB,
mientras queσRPA+CB sí lo hace.

por lo que las curvas de la derecha de la fig. 2.7 se aproximan ligeramente entre sí. En el caso de
neutrinos, las dependencias enA generadas por la RPA y la CB tienden a cancelarse. Las diferen-
cias encontradas entre las gráficas para neutrinos muónicosy electrónicos se deben a los diferentes
momentos que ambos leptones tienen a igual energía.

En la fig. 2.8 se muestran secciones eficaces para neutrinos y antineutrinos divididas por el nú-
mero de neutrones y protones respectivamente. Al igual que en la gráfica anterior, hemos usado el
modelo completo de la Sec. 2.5 con cinemática relativista para los nucleones e ignorando correc-
ciones FSI. Podemos apreciar que las secciones eficaces de neutrinos escalan bien con el número
de neutrones, mientras que existen diferencias claras paralas secciones eficaces de antineutrinos.
Esto puede explicarse siguiendo argumentos similares a losdados para la fig. 2.7. Para ilustrar
la importancia de los efectos nucleares, también hemos incluido los resultados obtenidos para las
secciones eficaces en nucleones libres (LDT en las gráficas).

En la fig. 2.9 se muestran secciones eficaces diferenciales enfunción de la energía transferida
al núcleoEν − E ′, para varios núcleos y energías de neutrino. Hemos utilizado la misma versión
de nuestro modelo que en las dos gráficas anteriores. Puede apreciarse elscalingaproximado con
A así como la relevancia de la inclusión de efectos nucleares RPA. Para neutrinos electrónicos se
obtienen resultado análogos a éstos.

En la fig. 2.10 mostramos la sección eficaz doblemente diferencial dσ/dE′
ld|q| para la dis-

persión QE de neutrinos muónicos en40Ca. En el panel superior comparamos la distribución del
ángulo de dispersión del leptón saliente para tres valores diferentes de la energía transferida al
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Figura 2.8:Secciones eficaces QE inclusivas inducidas por neutrinos y antineutrinos y razones para neutrinos y
antineutrinos en varios núcleos. Hemos utilizado el modelonuclear completo, usando cinemática relativista para los
nucleones y sin incluir efectos FSI. También mostramos las predicciones de un módelo de partícula libre (“LDT”).

núcleo. En el panel inferior mostramos los efectos debidos ala inclusión de FSI para una de las
energías transferidas del panel superior. También mostramos los efectos de la cinemática relativista
para los nucleones. La posición del pico QE es la esperada, entorno a|q| ∼

√

2Mq0. Como ya
anticipamos en la sec. 2.5.3, la FSI ensancha la distribución a la vez que reduce la respuesta en el
pico. Ambos efectos se compensan, de manera que la distribución integrada apenas se ve afectada
por los efectos FSI; ésta tan sólo produce una disminución enla respuesta integrada del orden del
1 % cuándo incluimos los efectos de RPA.

En la fig. 2.11 se muestran secciones eficaces diferenciales en función de la energía transferida
para neutrinos y antineutrinos electrónicos en16O. En el panel superior se compara un modelo con
correlaciones RPA y CB (leyenda RPA) con un gas de Fermi (Pauli+Q). Podemos observar cómo
aparece la respuesta típica QE con un pico en la distribucióndeq0 ∼ q2/2M . En el panel inferior
se estudian los efectos de la FSI. De nuevo encontramos la reducción en la respuesta inducida por
la RPA. También se observa la redistribución de la respuestaprovocada por los efectos de FSI.
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Figura 2.9:Secciones eficaces diferenciales en función de la energía transferida al núcleoEν − E′. Los resultados,
denotados como “Pauli+Q” o “Pauli+Q” se han obtenido en12C y no incluyen efectos RPA, FSI o CB. Los demás
resultados se han obtenido con el modelo completo relativista sin FSI.

En la tab. 2.4 se recopilan los resultados de nuestro modelo para las secciones eficaces QE
para diferentes energías del neutrino incidente. En esta tabla estudiamos en detalle los efectos de
la FSI en observables integrados. Cuando los efectos de polarización del medio nuclear (RPA) no
se tienen en cuenta, la FSI reduce la respuesta significativamente (15–30 %). Estas reducciones ya
han sido presentadas en un esquema [59] parecido al nuestro pero que no tenía en cuenta ni la pola-
rización del medio ni la dependencia de la auto-energía en elmomento del nucleón. Sin embargo,
una vez incluidas los efectos de RPA, la inclusión de FSI sóloinduce pequeñas reducciones en la
sección eficaz integrada (∼ 5 %), a veces incluso aumenta ligeramente la sección eficaz total. Estos
efectos se entienden mejor si miramos la fig. 2.12, donde se muestra la sección eficaz diferencial de
neutrinos muónicos conEν = 375 MeV en16O. Se aprecia cómo la FSI aumenta la sección eficaz
para altas energías transferidas, dónde las correciones por RPA son despreciables. Sin embargo,
las correcciones FSI disminuyen la sección eficaz en la zona del pico QE, donde los efectos RPA
son más apreciables.

2.8. Incertidumbres del modelo

Como hemos visto en las secciones precedentes, nuestro modelo para la sección eficaz QE de-
pende de numerosos parámetros, tales como factores de forma, densidades nucleares, acoplamien-
tos efectivos, etc. Naturalmente, asociado a estos valoresexiste una incertidumbre, que se traduce
en una incertidumbre en las predicciones de las secciones eficaces. Muchos de estos valores están
bien determinados experimentalmente, como por ejemplo losfactores de forma vectoriales, etc.
Sin embargo, otros como los factores de forma axiales, las densidades de neutrones, etc. tienen
una gran incertidumbre debido a la dificultad de los experimentos a partir de los cuáles se obtienen
sus valores.
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Eν [MeV] σ [16O(νµ, µ
−)X] [10−40 cm2] σ [16O(ν̄µ, µ

+)X] [10−40 cm2]

REL NOREL FSI REL NOREL FSI

500 Pauli +Q 460.0 497.0 431.6 155.8 168.4 149.9

RPA 375.5 413.0 389.8 113.4 126.8 129.7

375 Pauli +Q 334.6 354.8 292.2 115.1 122.6 105.0

RPA 243.1 263.9 243.9 79.8 87.9 87.5

250 Pauli +Q 155.7 162.2 122.5 63.4 66.4 52.8

RPA 94.9 101.9 93.6 38.8 42.1 40.3

Eν [MeV] σ [16O(νe, e
−)X] [10−40cm2] σ [16O(ν̄e, e

+)X] [10−40cm2]

REL NOREL FSI REL NOREL FSI

310 Pauli +Q 281.4 297.4 240.6 98.1 104.0 87.2

RPA 192.2 209.0 195.2 65.9 72.4 73.0

220 Pauli +Q 149.5 156.2 121.2 60.7 63.6 51.0

RPA 90.1 97.3 92.8 36.8 40.0 40.2

130 Pauli +Q 37.0 38.3 28.8 21.1 21.9 16.9

RPA 20.6 22.3 23.3 10.9 11.9 12.8

Tabla 2.4:Secciones eficaces integradas para neutrinos (izquierda) yantineutrinos (derecha), muónicos (arriba) y
electrónicos (abajo). Presentamos resultados para cinemáticas de los nucleones relativista (“REL”) y no relativista. En
este último caso presentamos resultados con (“FSI”) o sin FSI (“NOREL”) Las leyendas “RPA” y “Pauli+Q” indican
cuándo y cuándo no se han incluido RPA y correciones Coulombianas.
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Factores de forma Interacción efectiva

MD = 0.843 ± 0.042 MeV f
′(in)
0 = 0.33 ± 0.03

λn = 5.6 ± 0.6 f
′(ex)
0 = 0.45 ± 0.05

MA = 1.05 ± 0.14 GeV f = 1.00 ± 0.10
gA = 1.26 ± 0.01 f ∗ = 2.13 ± 0.21

Λπ = 1200 ± 120 MeV
Cρ = 2.0± 0.2

Λρ = 2500 ± 250 MeV
g′ = 0.63 ± 0.06

Tabla 2.5:Valores centrales y errores de los parámetros de nuestro modelo.

Esta incertidumbre afecta a los resultados de cualquier modelo nuclear y debería ser tenida en
cuenta. Si no es así resulta difícil comparar con otros modelos nucleares y conocer la fiabilidad de
las predicciones. Un tratamiento estadístico es de especial interés para poder incluir las incertidum-
bres en la sección eficaz neutrino-núcleo en los análisis de oscilaciones de neutrinos. Para abordar
este problema hemos utilizado técnicas Monte Carlo para estimar las incertidumbres asociadas a
nuestro modelo.

En primer lugar hemos localizado las principales fuentes deerror en nuestro modelo y les he-
mos asignado una incertidumbre. Cuando ha sido posible hemos utilizado el error experimental.
En el caso de parámetros dependientes de modelo no siempre aparece un error citado en la bi-
bliografía. En estos casos hemos asumido un error que cubriese de forma realista las diferencias
con resultados experimentales o modelos microscópicos. A continuación hemos propagado estos
errores a nuestras predicciones mediante una simulación numérica. Hemos supuesto que nuestros
parámetros estaban representados por distribuciones de probabilidad gaussianas sin correlacionar
y, mediante una simulación Monte Carlo (MC), hemos obtenidola distribución derivada asociada
a los observables predichos en nuestro modelo.

Naturalmente nuestro modelo tiene incertidumbres sistemáticas asociadas a la validez de las
hipótesis en que se basa. Estas incertidumbres son más difíciles de cuantificar. De todos modos,
haremos algún comentario sobre ellas en la sec. 2.8.3.

Aquí es necesario hacer una aclaración. En ningún caso hemoshecho un ajuste de parámetros
a resultados experimentales. En este sentido, los parámetros que aparecen en nuestro modelo no
son parámetros libres. Todos los valores que hemos utilizado se han tomado o bien de resultados
experimentales o bien de ajustes (caso de los parámetros de la interacción efectiva, ec. (2.56))
tomados de la bibiografía.
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2.8.1. Fuentes de errores teóricos

Constantes supuestas sin error

Las masas de los leptones, hadrones, constantes de acoplamiento electrodébiles, momentos
magnéticos de nucleones, etc. se consideran sin error.

Factores de forma neutrino-nucleón

En la parametrización de Galster, ec. (2.32), para los factores de forma electromagnéticos apa-
recen dos parámetros libres (admitiendo que la carga y los momentos magnéticos se conocen exac-
tamente): la masa dipolarMD y el parámetroλn [27]. El factor de forma axialGA(q2) introduce
dos nuevos parámetros:gA y la masa axialMA. El factor de forma axial pseudo-escalar está con-
trolado por PCAC asumiendo dominancia del polo del pión, véase sec. 2.3. Consideramos que la
PCAC no introduce errores sistemáticos, pero asumiremos una incertidumbre algo superior a la
utiizada comúnmente en la literatura paragA.

Tenemos por tanto cuatro parámetros comoinput, ya que no tenemos en cuenta incertidum-
bres en los momentos magnéticos del nucleón:Md, λn, gA y MA. El PDG [77] recopila varias
determinaciones8 deGA(0)/GV (0) a partir de experimentos deβ-decay. Los resultados toman
valores entre1.25 y 1.27, de manera que asumiremos un valorgA = 1.26 ± 0.01, aunque el
error medio citado en el PDG es tres veces menor. Para la masa de corte axial adoptamos el valor
MA = 1.05±0.14 GeV a partir del análisis de la reacciónν+d→ µ−pp llevado a cabo en [78,79].
Para los parámetrosMD y λn asumimos errores relativos del 5 % y el 10 %, respectivamente. En
tab. 2.5 recopilamos estos resultados.

Interacción efectiva barión-barión en materia nuclear

De la interacción efectiva ec. (2.56) sólo son relevantes los canales isovectoriales (τ 1τ 2) en
corrientes cargadas. De ahí que sólo tengamos en cuenta los parámetrosf , Λπ, Cρ, Λρ, g′, f

′(in)
0

y f ′(ex)
0 . Al extender el modelo para incluir la∆ aparece tambiénf ∗. La funcióng′ tiene una de-

pendencia suave en el momento transferido, que despreciaremos y supondremos dentro de nuestro
error. Supondremos un 10 % de error para estos parámetros, véase tab. 2.5. Para la constantec0 no
hemos considerado ningún error, ya que sólo aparece multiplicando a los parámetrosf ′(in)

0 y f ′(ex)
0 ,

cuyo error ya ha sido tenido en cuenta.

Auto-energía del nucleón

Como ya describimos en sec. 2.5.3, nuestro modelo utiliza unos propagadores de nucleón que
incluyen la auto-energía del nucleón en el medio nuclear. Laparte real de esta auto-energía mo-
difica las relaciones de dispersión, mientras que la parte imaginaria tiene en cuenta los posible

8AsumimosgV (0) = 1 de acuerdo con la hipótesis de CVC.
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canales de absorción por más de un nucleón. El resultado es una redistribución de la respuesta
nuclear, con una reducción en el pico QE. El modelo usado paracalcular esta auto-energía [53]
es semi-fenomenológico y por lo tanto es difícil identificarsus parámetros. Hemos asumido una
incertidumbre del 10 % en la auto-energía del nucleón, que cubre las discrepancias entre las pre-
dicciones de este modelo y las de otros modelos microscópicos. Además, por razones de rapidez
de cálculo hemos despreciado la parte imaginaria de la auto-energía del nucleón a la hora de cal-
cular las bandas de error teórico. Esta aproximación está justificada ya que, como veremos en la
sec. 2.8.2, la inclusión de la anchura del nucleón en el mediosupone un efecto muy pequeño frente
al de la parte real de la auto-energía.

Densidades de materia de protones y neutrones

Hemos supuesto unos errores para los parámetros (ver tab. 2.1) que determinan las densidades
de carga y materia nuclear del 5 %. En el caso de densidades de carga los errores citados en [63,64]
son un orden de magnitud inferiores. Por lo tanto, nuestra estimación del error cubre con seguridad
tanto la desconvolución del tamaño finito de los nucleones como la incertidumbre en la densidad
de materia de neutrones.

2.8.2. Resultados de la simulación

Como hemos indicado, realizamos una simulación MC, generando una muestra con 2000 con-
juntos diferentes de valores para los parámetros indicadosen la sección anterior con los valores
medios y desviaciones estándar citados en la tab. 2.5. Hemoscomprobado que con muestras de
1500 valores los resultados aquí mostrados son estables. Para cada uno de estos conjuntos hemos
calculado diferentes observables de interés. Generamos deeste modo una distribución de probabi-
lidad para estos observables y obtenemos bandas de error para dichos observables descartando el
16 % de los valores inferiores y superiores en la muestras derivadas. De esta manera obtenemos un
intervalo de confianza del 68 % para los observables calculados en nuestro modelo.

En la fig. 2.13 presentamos los resultados de este procedimiento para secciones eficaces in-
clusivas. Como dijimos antes, la parte imaginaria de la auto-energía de los nucleones no ha sido
tenido en cuenta en nuestro cálculo de los errores. En estas gráficas mostramos (ver Full model
en las gráficas) los resultados obtenidos cuando usamos la auto-energía completa. Si comparamos
con la línea roja central, que es la del mismo modelo pero despreciando dicha anchura del nucleón,
podemos observar que el efecto es muy pequeño, casi despreciable y desde luego mucho menor
que el error debido al resto de parámetros.

Comparando con las líneas marcadas con la leyenda “Pauli”, vemos que los efectos nucleares
más alla del bloqueo de Pauli son muy importantes, mucho mayores que las incertidumbres de
nuestro modelo.

En oxígeno hemos separado las contribuciones al error debidas a la incertidumbre en las den-
sidades nucleares y los parámetros que entran en nuestro modelo del núcleo. La importancia de
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estos efectos disminuye con la energía, pero son siempre dominantes frente a la incertidumbre en
el conocimiento de los factores de forma para la transición débilW +N → N ′.

Las incertidumbres en nuestro modelo son del orden del10–15 %, comparables con las incer-
tidumbres en los parámetros. Esto indica que nuestras predicciones son estables frente a errores en
los parámetros y que no existe ningún tipo define tuning.

En la fig. 2.14 comparamos las distribuciones generadas de secciones eficaces para un par
de energías con Gaussianas de igual media y varianza. Podemos observar que las incertidumbres
en nuestro modelo pueden ser consideradas en buena aproximación como distribuciones de tipo
Gaussiano.

En la fig. 2.15 se muestran las incertidumbres en observablesdiferenciales, de donde se dedu-
cen conclusiones análogas a las obtenidas para observablesintegrados.

Uno de los observables más relevantes en el análisis de experimentos de oscilaciones es la
razón entre secciones eficaces integradas

σ(µ)

σ(e)
≡ σ(νµ + AZ → µ− +X)

σ(νe + AZ → e− +X)
. (2.87)

En este tipo de observables es de esperar que se produzca una cancelación en los errores. Este
efecto se confirma en fig. 2.16, dónde las incertidumbres de nuestras predicciones se reducen al
1 %. Las diferencias entre nuestro modelo y otros más simplesdel estilo del gas de Fermi (Pauli en
fig. 2.16) alcanzan el 5 %, que es significativamente mayor queel error (1 %) de nuestras predic-
ciones. Esto es consistente con los resultados de [80–82]. De nuevo, ver fig. 2.17, obtenemos que
una distribución gaussiana en estos observables describe apropiadamente nuestras incertidumbres
paraσ(µ)/σ(e).

2.8.3. Errores sistemáticos

No hemos tenido en cuenta en nuestro análisis algunas limitaciones de nuestro modelo, que
pueden considerarse como errores sistemáticos. Estos errores están relacionados con la validez de
ciertas hipótesis que hemos asumido.

En primer lugar, en nuestro modelo hemos usado una cinemática no relativista para los nu-
cleones, para ser consistentes con la interacción efectivano relativista barión-barión en el medio,
ec. (2.56). Como se puede apreciar comparando las columnas REL y NO-REL en la tab. 2.4, es-
ta hipótesis resulta en reducciones del orden del5–10 % en las secciones eficaces integradas de
neutrinos y antineutrinos. Estas correciones no dependen significativamente del núcleo considera-
do. Este efecto disminuye cuando se considera la razónσ(µ)/σ(e). En la fig. 2.18 se ve cómo el
efecto de las correcciones relativistas es despreciable, menor que el 1 % en el rango de energías
considerado en nuestro trabajo.

Por otra parte, se podría suponer que una descripción basadaen un gas de Fermi es demasiado
pobre y que sería apropiado adoptar un tratamiento más realista que la LDA para tener en cuenta
los efectos de tamaño finito del núcleo. Sin embargo, en las refs. [17, 34–38, 49], donde se utilizó
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un modelo parecido a este para estudiar reacciones inducidas por fotones, electrones y piones,
ya se mostró la validez de este tratamiento cuando las energías de excitación del núcleo son del
orden de 100 MeV o mayores. Estas conclusiones pueden extrapolarse a energías de excitación
menores si nos limitamos a observables integrados. Como mostraremos en el cap. 4, la validez
de esta aproximación radica en que los observables inclusivos involucran una suma sobre todos
las estados finales del núcleo, en contraste con los observables exclusivos, en que se seleccionan
estados finales bien determinados del núcleo, y por lo tanto se tiene más sensibilidad a los detalles
de la función de onda del nucleón ligado que interacciona conel leptón. Por otro lado, la sencillez
del modelo de gas de Fermi nos ha permitido tratar adecuadamente una serie de efectos dinámicos,
como la RPA y la FSI. Estos efectos son muy difíciles de implementar en modelos de núcleo
finito, dónde en muchas ocasiones se sobresimplifica la descripción de la dinámica para utilizar
descripciones más elaboradas de la función de onda del nucleón.

En resumen, es razonable asumir unos errores relativos del orden del10–15 % para los cálculos
de secciones eficaces QE de neutrinos (diferenciales e integradas) obtenidas siguiendo el modelo
descrito en esta tesis. En observables del tipoσ(µ)/σ(e) la incertidumbre es ciertamente menor,
del orden del5 % y está dominada por efectos de tamaño finito del núcleo.
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y electrónicos en carbono, oxígeno y argón en función de la energía del neutrino. “Full Model” indica resultados obte-
nidos con el modelo nuclear completo incluyendo RPA, correcciones Coulombianas y auto-energía de los nucleones.
“Pauli” no incluye estos efectos. Siempre hemos usado cinemática no relativista para los nucleones. Las líneas rojas
indican los límites de los intervalos de confianza al 68 %. La barra de error (“Nuclear”) para oxígeno señalan las in-
certidumbres del modelo debidas a los errores en las densidades de materia y los parámetros que dependen del modelo
nuclear: potencial efectivo RPA y auto-energías de los nucleones.
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Figura 2.14:Distribuciones para secciones eficaces totales. Las líneasdiscontinuas indican distribuciones Gaussia-
nas con las medias y varianzas indicadas en los paneles.
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Figura 2.15:Seccion eficaz diferencial para neutrinos electrónicos de 400 MeV en16O, para una transferencia de
momento fija a 450 MeV. Usamos cinemática no-relativista para el nucleón. Resultados denotados como “Full model”
usan la versión completa de nuestro modelo, mientras que losdenotados como “Pauli” han sido obtenidos sin tener en
cuenta RPA, distorsión Coulombiana y efectos de auto-energía del nucleón. También damos las bandas de error con
unos intervalos de confianza del 68 % (líneas rojas o sólidas).
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Figura 2.16:Razones de secciones eficaces integradas de neutrinos muónicos y electrónicos. La leyenda sigue el
esquema de fig. 2.13.
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Figura 2.17:Distribuciones de las incertidumbres MC para las razonesσ(µ)/σ(e) de secciones QE en oxígeno para
neutrinos de energías 300 MeV (panel izquierdo) y 450 MeV (panel derecho). Las líneas discontinuas muestran las
distribuciones gaussianas con valores centrales y desviaciones indicadas en cada panel.
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Figura 2.18:Correcciones relativas a la razónσ(µ)/σ(e), en40Ar, debidas al uso de cinemáticas no relativistas para
los nucleones. LLamamosκREL (κNOREL) a la razónσ(µ)/σ(e) entre un modelo de gas de Fermi con LDA y balance
energético corregido, usando cinemáticas relativista (norelativista). Así,κNOREL sería la línea denotada como “Pauli”
en fig. 2.16.
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Capítulo 3

Observables de polarización1

En este capítulo desarrollaremos una aplicación adicionaldel modelo del cap. 2 para la disper-
sión QE de neutrinos con corrientes cargadas. Estudiaremosobservables de polarización del leptón
emitido y los efectos de medio nuclear en dichos observables.

Como es bien sabido, en el modelo estándar la interacción electro-débil (ver e.g. [84]) viola
maximalmente paridad, de manera que sólo interactúa la componente de quiralidad antiparalela o
left-handed(paralela oright-handed) de los neutrinos (antineutrinos). En la práctica, la masa de
los neutrinos es mucho menor que su momento, de forma que tienen una helicidad bien definida.
Sin embargo en corrientes cargadas aparecen leptones con masas que pueden ser del orden de
su momento. Estos leptones pueden por tanto adquirir polarizaciones en direcciones que no sean
necesariamente las de su momento.

Como se discutirá en le ec. (3.5) la componente transversal de la polarización es proporcional
a la masa del leptón, de modo que en las escalas de energías queestamos estudiando, esta compo-
nente de polarización sólo será relevante para muones (mµ = 105.658369±0.000009 MeV) y taus
(mτ = 1776.99+0.299

−0.26 MeV). Los electrones pueden considerarse como partículas sin masa a estos
efectos (me = 0.51099892± 0.000004 MeV).

El caso delτ es de especial relevancia ya que debido a su corta vida media (τ = (290.6 ±
1.0) × 10−15 s [77]) no se observa como tal, si no que se detecta una lluvia (shower) de partículas
secundarias, cuya distribución es sensible a la dirección del espín delτ . Algunos experimentos
propuestos2 para medir las oscilacionesνµ → ντ esperan detectar la señal de producción deτ ’s a
través de las reacciones(ντ , τ

−) o (ντ , τ
+). La información sobre la polarización delτ es valiosa,

ya que se espera que el número deτ ’s observado no sea muy grande [86–88]. La polarización del
leptón también es relevante en experimentos de oscilaciones νµ → νe para separar los sucesos
(νe, e) del fondo proveniente de la producción de electrones secundarios tras oscilacionesνµ → ντ

[89].
El estudio de la polarización del leptón en reacciones(νl, l) también es interesante desde el pun-

1Capítulo basado en los resultados de [83].
2El más relevante quizá sea el proyecto CNGS [85], que lanza unhaz de neutrinos desde el CERN al laboratorio

del Gran Sasso, dónde están instalados los detectores ICARUS y OPERA.
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to de visto teórico, ya que los observables de polarización pueden resultar sensibles a ingredientes
de los modelos nucleares diferentes de los que dominan las secciones eficaces integradas. De todos
modos el régimen cinemático óptimo para observar leptones no longitudinalmente polarizados es
limitado. La razón está en que para grandes momentos (comparados con la masa) los leptones fina-
les están completamente polarizados con helicidad negativa. Ése es el caso de reacciones(νe, e) en
la mayoría de experimentos. En el caso de producción de muones es de esperar que exista alguna
pequeña componente de polarización transversal para energías moderamente grandes. El caso más
interesante es el deτ -neutrinos, debido a la gran masa del leptónτ .

Los estudios previos sobre los observables de polarizacióndel leptón en reacciones inducidas
por neutrinos han considerado estos observables sobre el nucleón en un rango amplio de cinemá-
ticas, tanto QE como en el régimen de dispersión profundamente inelástica (deep inelastic scatte-
ring, DIS) [89–94]. Pero los detectores de neutrinos están basados en la interacción del neutrino
con núcleos atómicos (e.g.40Ar en ICARUS) y, en principio, las polarizaciones deberían calcular-
se con modelos realistas para el núcleo. Los efectos de física nuclear sobre estas polarizaciones
suelen obviarse en estos cálculos, aduciendo que las energías involucradas en el problema son bas-
tante altas. Para algunas cinemáticas relevantes, sin embargo, efectos de medio nuclear como los
estudiados en el cap. 2, podrían ser importantes.

En este capítulo utilizaremos el modelo del cap. 2 para estudiar los efectos nucleares sobre
estos observables de polarización en reacciones QE inclusivasAZ(νl, l)X para muones y taus. En
la sec. 3.1 desarrollaremos el formalismo relevante para estudiar la polarización del leptón final
y analizaremos la cinemática de las reacciones para identificar las situaciones más interesantes.
En la sec. 3.2 presentaremos los resultados obtenidos con nuestro modelo nuclear y expondremos
nuestras conclusiones.

3.1. Formalismo y cinemática

La reacción que estudiaremos en este capítulo será la mostrada en la fig. 3.1, donde se definen
las variables cinemáticas usadas en este capítulo. La sección eficaz sin polarizarΣ0 para un proceso
QE se obtiene sumando sobre todos los posible estados de polarización del leptón saliente y fue
estudiada en el cap. 2. Puede escribirse (ver ec. (2.15)) cómo:

Σ0 ≡
d2σνl

dΩ′dE ′
l

=
|k′|G2Mi

π2
F , (3.1)

dóndeF está definido

F =

(

2W1 +
m2

l

M2
i

W4

)

(E ′
l − |k′| cos θ′) +W2(E

′
l + |k′| cos θ′)

−W5
m2

l

Mi
∓ W3

Mi

(

EνE
′
l + |k′|2 − (Eν + E ′

l) |k′| cos θ′
) (3.2)

usando siempre la misma notación y convenios que en el cap. 2.
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Suponiendo que la polarización delleptón final se mide en la dirección espacial de un vectorsµ

que verificas2 = −1, podemos escribir la sección eficaz con polarización en la dirección desµ, Σ
como:

Σ =
1

2
Σ0 (1 + sµP

µ) (3.3)

que sirve como definición del vector de polarizaciónP µ. En la fig. 3.1 se muestra la dirección de

Pl

Pt

νl

Kµ

l−

K ′µ
X

P µ

W+ Qµ

Figura 3.1:Cinemática de la reacción. Mostramos el plano de dispersióny las direcciones de las dos componentes
de polarización del leptónPl y Pt.

las componentes relevantes del vector de polarización en elsistema LAB.Pl es la componente
longitudinal paralela al momentok′ y Pt es la componente transversal, perpendicular ak′ y al
plano de dispersión definido pork y k′. La tercera componente del vector de polarización sería
perpendicular al momento del leptón y al plano de dispersiónk × k′, pero puede comprobarse
fácilmente (ver e.g. [91]) que se anula idénticamente en el modelo estándar. La expresión para estas
componentes de polarización en término de las funciones de estructuraWi definidas en ec. (2.8)
es:

Pl = ∓
{(

2W1 −
m2

l

M2
i

W4

)

(|k′| −E ′
l cos θ′) +W2(|k′| + E ′

l cos θ′)

−W5
m2

l

Mi

cos θ′ ∓ W3

Mi

((Eν + E ′
l) |k′| − (EνE

′
l + |k′|2) cos θ′)

}

/F

(3.4)

para la componente longitudinal y

Pt = ∓ml sin θ
′

(

2W1 −W2 −
m2

l

M2
i

W4 +W5
E ′

l

Mi

∓W3
Eν

Mi

)

/F (3.5)
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para la componente transversal. En el límite de leptones sinmasa (ml → 0) recuperamos los
resultados para partículas con helicidad bien definidaPl = 1 y Pt = 0. La dependencia lineal dePt

enml implica que este observable alcanzará los mayores valores para el caso delτ , mientras que
en el rango de energías de nuestro interés (∼ 102 MeV) será despreciable en el caso de electrones.

Pasemos a discutir la cinemática del problema para identificar los casos de interés para nues-
tro modelo. Para un valor fijo de energía del neutrinoEν y de la definición de cuadrimomento
transferido,qµ = kµ − k′µ = (ω,q), se obtiene el módulo|q| del trimomento transferido

|q|2 = ω2 −m2
l + 2Eν(Eν − ω) − 2Eν

√

(Eν − ω)2 −m2
l cos θ′ . (3.6)

Para un valor dado del ángulo de dispersiónθ′, la anterior ecuación nos da|q| en función de la
energía transferidaω. El casoθ′ = 0, π nos da la frontera de la cinemática permitida en el plano
(ω, |q|). Es relevante en este trabajo identificar la región en que elrégimen QE es dominante. De
ésta manera podemos seleccionar las cinemáticas que estén dentro de la región permitida y cerca
de la curva del pico QE

ω ∼ (q2 − ω2)/2M . (3.7)

Ejemplos de estas cinemáticas para neutrinos muónicos y tauónicos se dan en fig. 3.2 y 3.3 respec-
tivamente.

El caso del muón se muestra en la fig. 3.2 para cuatro valores deenergía del neutrino, entre
Eν = 500 y 1500 MeV. En cada panel se enseñan las cinemáticas posiblesen el plano (ω, |q|) para
varios valores del ángulo de dispersiónθ′ = 10◦, 20◦, 30◦, 40◦ y 50◦. Las líneas sólidas correspon-
den al límite cinemáticoθ′ = 0◦. El valor máximo para la energía transferidaωmax = Eν − ml

es el límite derecho de la región permitida. En la gráfica sólomostramos energías transferidas
ω < 500 MeV, ya que debemos limitarnos a la región no-relativista enque nuestro modelo es
válido. Ésta misma limitación es aplicable al trimomento transferido,|q| < 600 MeV/c.

Un estudio similar paraτ se muestra en fig. 3.3, para energías del neutrino entreEν = 4 y 15
GeV y ángulos de dispersiónθ′ = 2◦, 4◦, 6◦, 8◦, 10◦ y 12◦. En contraste con el caso anterior el
régimen QE no es accesible en algunas de éstas cinemáticas. Por ejemplo, paraEν = 4 GeV, el
máximo de la curva de ec. (3.7) está por debajo de la curvaθ′ = 0◦ paraω < 200 MeV y para
alcanzar la región QE uno debe ir hasta altos momentos transferidosq ∼ 800 MeV/c. Así, para
poder cubrir la región QE con valores suficientemente pequeños deω y q debemos tener neutrinos
con energías de al menos 7 GeV. Más aún, para energías grandesel trimomento transferido aumenta
muy rápidamente con el ángulo de dispersión, de manera que sólo podemos utilizar nuestro modelo
nuclear para el estudio de ángulos de dispersión muy pequeños.

3.2. Resultados

Los resultados obtenidos con el modelo de cap. 2 se muestran en las figs. 3.4–3.8. En ellas
indicamos con una línea de puntos los resultados de nuestro modelo sin incluir correcciones RPA,
CB o FSI, lo que equivale a un gas de Fermi con un correcto balance energético (ver ec. (2.49)).
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También mostramos los resultados con el modelo completo conRPA pero sin incluir FSI, línea de
trazos. Nuestro modelo completo incluyendo FSI se indica con la línea continua.

En la fig. 3.4 enseñamos resultados típicos para la reacción(νµ, µ
−) para la sección eficaz y las

dos componentes de la polarizaciónPl y Pt. La energía del neutrino es de 500 MeV y los valores
del trimomento transferido (300, 400 y 500 MeV) corresponden a ángulos de dispersión de30◦ o
mayores. En las secciones eficaces se puede apreciar el comportamiento típico del pico QE, y los
efectos que sobre éste producen la RPA (gran reducción paraω pequeño y pequeño desplazamiento
del pico) y la FSI (desplazamiento de la respuesta a mayores valores de transferencia de energía).

Respecto a los observables de polarización, vemos como la componente longitudinalPl es
cercana a 1 en todas las cinemáticas, mientras quePt tiene una pequeña componente (∼ −0.2),
bastante independiente de|q|. La inclusión de la RPA no cambia estos resultados. La razón es
que las componentes de polarización se obtienen como un cociente de combinaciones lineales de
funciones de estructura nuclearWi, de manera que la RPA afecta de manera bastante similar al
numerador y al denominador de las ecs.(3.4), (3.5). Lo mismopuede decirse de los efectos de la
FSI, excepto para la cola deω alto. El LFG no describe esta región cinemática, que sí es descrita
cuando se incluye la FSI. Sin embargo, la sección eficaz QE en estas regiones es muy pequeña, de
manera que su efecto en las polarizaciones debe resultar difícil de observar experimentalmente.

También se investigó la región cinemática de mayores energías correspondiente al segundo
panel de la Fig. 3.2. En estos casos la polarización transversal es despreciable y puede considerarse
el leptón como completamente polarizado en la dirección longitudinal.

Un ejemplo de los resultados obtenidos para los leptonesτ se muestra en la fig. 3.5, donde
se representan secciones eficaces QE de la reacción (ντ , τ

−) para los mismos valores de|q| de
la fig. 3.4 con neutrinos deEν = 7 GeV. Si nos fijamos en la fig. 3.1 podemos ver que para
los tres valores de|q| considerados, el máximo del pico cuasielástico está dentrode la región de
cinemáticas permitidas. El caso|q| = 300 MeV es el más cercano a la frontera, de forma que la
sección eficaz tiende a 0 justo después de alcanzar el máximo,mientras que para mayores valores
de|q| se extiende hasta la región de mayor transferencia de energía. Los correcciones debidas a los
efectos nucleares son similares a las observadas en el caso de neutrinos muónicos, a excepción de
la cola de altas energías inducida por la FSI, que entra ahoraen la zona de cinemáticas prohibidas.

Respecto a la componentes de polarización, la longitudinales negativa, pero claramente mayor
que−1. Por otro lado aparece una apreciable componentePt con valores∼ −0.25. La magnitud de
Pt aumenta ligeramente con|q| y, como en el caso de muones, los efectos nucleares son bastante
pequeños.

Un cuadro más claro con resultados parecidos surge al analizar la fig. 3.6 paraντ con energía
10 GeV, correspondiente al tercer panel de fig. 3.1 donde el pico QE está dentro de la zona cine-
máticamente permitida. En este caso la componente longitudinalPl es más cercana a−1, mientras
que la componente transversalPt es algo menor que en el caso anterior. Resultados no mostrados
aquí paraEν = 15 GeV confirman esta tendencia y muestran que las polarizaciones alcanzan los
valores extremosPl = −1 y Pt = 0, con efectos nucleares completamente despreciables.

Otro tipo de resultados se muestran en la fig. 3.7 para neutrinosντ con una energía de 7 GeV,
esta vez fijando el ángulo de dispersiónθ′ y mostrando resultados en función deω, la energía
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transferida. De esta manera nos mantenemos siempre en la región de cinemáticas permitidas, mo-
viéndonos sobre cada una de las líneas del segundo panel de lafig. 3.3. Sólo estudiamos valores
pequeños deθ′ para evitar alcanzar|q| muy altos fuera del rango de validez de nuestro modelo.
Para estos ángulos, los máximos del pico QE se alcanzan en|q| ∼ 300, 400 y 600 MeV respecti-
vamente. De esta manera, excepto quizá para la cola de altoω a partir deθ′ = 4◦, podemos confiar
en la validez de nuestro modelo más allá de correciones por cinemática relativista del nucleón.
Los efectos nucleares son de nuevo los esperados, aunque quizá valga la pena comentar que la
correción RPA disminuye con el ángulo de dispersión. La componente de polarizaciónPl es más
o menos independiente del ángulo y toma valores entre−0.9 y −0.8. La componente transversal
Pt es idénticamente nula, ec. (3.5) paraθ′ = 0, pero alcanza valores no despreciables para los
demás ángulos, entre−0.2 y −0.5. Respecto a las correciones por RPA y FSI en estos observables
de polarización, el efecto es inobservable a bajas energías. Sin embargo se observa que para la
cola de altoω y θ′ = 0◦ la actuación combinada de la RPA y la FSI modificaPl de−0.6 a−0.8.
También se aprecia un efecto, aunque menor, enPt paraθ′ = 2◦. Para valores mayores del ángulo
de dispersión el efecto es de nuevo despreciable.

Para acabar esta discusión, en la fig. 3.8 mostramos una representación alternativa de los obser-
vables de polarización: la polarización total, definida como el módulo del vector de polarización:

|P| =
√

P 2
l + P 2

t , (3.8)

y su ángulo
θp = arctan(Pt/Pl) (3.9)

con respecto a la dirección opuesta a la dirección longitudinal−k′. En los resultados de la fig. 3.8
la polarización total|P| toma valores entre0.8 y 0.9 paraθ′ = 0◦ y aumenta con el ángulo de
dispersión. Paraθ′ = 0◦ el ánguloθp es también cero, esto es, el vector de polarización está com-
pletamente alineado con−k′, sin componentes transversales. La polarización total puede interpre-
tarse [95] como la fracción de partículas dispersada con helicidad negativa. Un valor distinto de la
unidad indica que existe una cierta fracción de partículas con helicidad positiva. La dirección más
probable para el espín de la partícula dispersada está determinado por el ánguloθp. Paraθ′ = 2◦

este ángulo está entre15◦ y 25◦, y aumenta un poco paraθ′ = 4◦. Los resultados de fig. 3.8 mues-
tran un aumento considerable de la polarización total debido a efectos RPA y FSI paraθ′ = 0◦,
efectos que se hacen despreciables para ángulosθ′ = 2◦ y mayores. Por otro lado, paraθ′ = 2◦

encontramos una apreciable reducción del ángulo de polarizaciónθp debido a efectos nucleares,
pero es de nuevo despreciable para valores mayores del ángulo de dispersión.

58



Eν = 500 MeV

q
[M

eV
/c

]

1000

800

600

400

200

0

Eν = 800 MeV

Eν = 1000 MeV

ω [MeV]

q
[M

eV
/c

]

5004003002001000

1000

800

600

400

200

0

Eν = 1500 MeV

ω [MeV]
5004003002001000

Figura 3.2:Cinemáticas permitidas para la reacción(νµ, µ) en el plano(ω, |q|). La línea punteada es el centro del
pico QE,ω = |q2|/2M . Las demás líneas en cada panel muestran el valor del módulo del momento transferido|q| en
función de la energía transferida para una energía fija de neutrino y varios valores del ángulo de dispersiónθ′. La línea
sólida es paraθ′ = 0, los demás curvas mostradas corresponden con, de abajo arriba,θ′ = 10◦, 20◦, 30◦, 40◦ y 50◦.
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Figura 3.3:Cinemáticas permitidas para la reacción(ντ , τ) en el plano(ω, q). La línea punteada es el centro del
pico QE,ω ≃

∣
∣q

2
∣
∣ /2M . Las demás líneas en cada panel muestran el valor del módulo del momento transferido|q|

en función de la energía transferida para una energía fija de neutrino y varios valores del ángulo de dispersiónθ′. La
línea sólida es paraθ′ = 0, los demás curvas mostradas corresponden con, de abajo arriba,θ′ = 2◦, 4◦, 6◦, 8◦, 10◦ y
12◦.
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Figura 3.4:Sección eficaz diferencial y componentes de polarización para la reacción40Ar(νµ, µ)X (Eν =
500 MeV) en función de la energía transferida menos elQ experimental. Se muestran tres valores de momento trans-
ferido, |q| = 300, 400 y 500 MeV/c.
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Figura 3.5:Igual que Fig. 3.4 paraτ -neutrinos de 7 GeV.
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Figura 3.6:Igual que Fig. 3.5 paraτ -neutrinos de 10 GeV.
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Figura 3.7:Igual que fig. 3.5, fijando el ángulo de dispersiónθ′ en lugar del trimomento transferido|q|. Se muestran
θ′ = 0◦, 2◦ y 4◦.
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Capítulo 4

Captura muónica en núcleos1

4.1. Introducción y formalismo

En este capítulo estudiaremos la reacción

(
AZ + µ−

)1s

ligado
→ νµ(k) +X (4.1)

donde un muón ligado a un núcleo es absorbido por éste, emitiendo un neutrino muónico. La di-
námica que gobierna este proceso está claramente relacionada con la de la dispersión cuasielástica
de antineutrinos mediada por corrientes cargadas, con la particularidad de que la energía transfe-
rida al núcleo en esta reacción está limitada por la energía disponible que, supuesto el muón en
reposo, es la masa del muónmµ = 105.65 MeV. Esto hace que la energía transferida al núcleo
en esta reacción sea bastante baja, casi siempre menor de≈ 20 MeV. Esto garantiza que la única
contribución relevante al proceso será la debida a absorción por un un nucleón, de manera que se
pueden despreciar los demás procesos representados en la fig. 2.2.

La relevancia de esta reacción en el contexto de esta tesis viene del hecho de que existe una
extensa colección de mediciones precisas de la anchura de desintegración de átomos muónicos a
lo largo de toda la tabla periódica2, lo que la convierte en un banco de pruebas ideal para estudiar
la validez de los distintos modelos nucleares de dispersiónQE de neutrinos a bajas energías.

En principio, nuestro modelo no está diseñado para estudiarprocesos a energías de excitación
tan bajas. De hecho no reproduce fenómenos bien conocidos dela estructura nuclear, como reso-
nancias en el espectro continuo y transiciones discretas. Sin embargo y como mostraremos en este
capítulo al comparar con un modelo de capas, la LDA es una buena aproximación a la hora de
estudiar la anchura integrada, y de hecho proporciona una delas mejores descripciones a lo largo
de la tabla periódica.

Nuestro modelo para la captura del muón se basa en el desarrollado en el cap. 2 para la disper-
sión QE neutrino-núcleo. La principal diferencia vendrá dela necesidad de tener en cuenta que el

1Este capítulo se basa en [21,96].
2Ver [97] para un estudio general de los experimentos sobre captura muónica en núcleos.
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Figura 4.1:Esquema de la reacción ec. 4.1 a nivel nucleónico.

muón capturado no está en un estado de momento bien definido, si no en un estado ligado análogo
al de un electrón en un átomo hidrogenoide.

Nuestra evaluación de la anchura de desintegraciónΓ en un núcleo finito sigue dos pasos.
En primer lugar evaluaremos la anchura de desintegraciónΓ̂(ρp, ρn) promediada sobre el espín del
muón en reposo en un mar de Fermi de protones y neutrones conZ 6= N . Aquí tendremos en cuenta
los efectos nucleares que ya indicamos en el cap.2, en concreto el correcto balance energético y las
correlaciones RPA. En un segundo paso haremos uso de una aproximación LDA e integraremos
sobre el volumen nuclear teniendo en cuenta la densidad de probabilidad de presencia del muón

Γ =

∫

d3r|φ1s(r)|2Γ̂ (ρp(r), ρn(r)) (4.2)

dóndeφ1s(r) es la función de onda del muón en el estado 1s desde el que tienelugar la captura.
Para justificar que el muón está en el estado fundamental 1s esinteresante describir cómo se

forman los átomos muónicos. Los átomos muónicos se producenal lanzar un haz de muones contra
un blanco compuesto por núcleos del material que se quiere estudiar. Con una cierta probabilidad el
campo electromagnético del núcleo captura un muón en una órbita muy excitada. El muón atrapado
por el núcleo sufre transiciones (análogas a las de un átomo excitado) hasta que llega al estado de
mínima energía en el que se producirá la desaparación del muón por captura QE. Éste proceso de
desexcitación se completa antes de que el muón se desintegredebido a la larga vida media del muón
(∼ 10−8 s). Para hallar la función de onda del estado ligado del muón resolveremos una ecuación
de Schrödinger, con correciones relativistas, para un potencial Coulombiano. Este problema es
análogo al de un átomo hidrogenoide, pero debido a la mayor masa del muón (mµ ≃ 200me) el
radio medio de la órbita del muón es mucho menor3, del orden de2 × 102/Z fm. Si tenemos en
cuenta que el radio nuclear es del orden de unos cuantos fm (R ∝ 1.1A1/3fm) resulta que puede
considerarse que el muón tiene una gran probabilidad de encontrarse dentro del núcleo; luego es

3Según la fórmula del radio de Bohr (a∞ ∝ 1/me−/Z)
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sensible a los detalles de la distribución de carga nuclearρch. Así, hemos utilizado un potencial
Coulombiano local:

VC(r) = −4πα

[
1

r

∫ r

0

dr′ r′2 ρch(r
′) +

∫ +∞

r

dr′ r′ ρch(r
′)

]

, (4.3)

mejorando la aproximación usual de suponer un núcleo puntual. La función de onda en el estado
fundamental corresponde al estado1s. También hemos tenido en cuenta en el hamiltoniano una
correción por polarización del vacío, tal y como se describeen [24]. Los resultados obtenidos
para las energías de ligadura de diversos átomos muónicos semuestran en la tab. 4.1 Al derivar
la ec. (4.2) hemos supuesto que cadaporción del muón está rodeado por un mar de Fermi de
protones y neutrones de densidadesρp(r), ρn(r). La LDA asume pues que la interacción tiene
un alcance nulo, o lo que es igual, es independiente del momento transferidoq. En procesos de
captura muónica la dependencia enq de la reacción es extremadamente débil, como ya se investigó
en [39,40], de manera que la aproximación LDA es razonablemente válida.

Cómo hicimos para dispersión de neutrinos podemos relacionar la anchura en materia nuclear
con la autoenergíaΣr

µ

(
ρp(r), ρn(r)

)
, (ver fig.4.2), de un muón en reposo y espínr. La evaluación

q
q

Π
W

(q)

η

k

νµ− µ µ− −

α
αη

−

k’ k’= (mµ , 0 )

W
− W

= k’ − k

Figura 4.2:Representación diagramática de la auto-energía de un muón en reposo en materia nuclear.

de este diagrama de autoenergía es análoga a la del neutrino en la fig.2.1, por lo que no daremos
detalles, salvo notar que debemos incluir un factor1/2 al promediar sobre los dos estados físicos
de espín del muón. La interacción está ahora mediada por un bosónW−, como en el caso de la
dispersión de antineutrinos, y por tanto las contribuciones que violan paridad cambian de signo.
La expresión resultante es:

Γ̂ (ρp(r), ρn(r)) = − 1

mµ

4G√
2M2

W

∫
d3k

(2π)3

Θ(q0)

2|k| Im
{
Π

µν

W (q; ρp(r), ρn(r))Lµν

}
(4.4)

conq0 = mµ − |k| y |q| = |k|. Como ya hemos indicado, en las condiciones cinemáticas de este
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proceso, a la autonergía delW− sólo contribuye el modo QE, de modo que:

Γ̂ (ρp(r), ρn(r)) =
G2 cos2 θC

mµ

∫
d3k

(2π)3

1

2|k|LµνT µν (q; ρp, ρn)

=
G2 cos2 θC

2π2

∫ +∞

0

k2

(

−t1 +
t2
2

+ |k|t3 +
m2

µ

2
t4 +mµt5

)

d|k|
(4.5)

dónde el tensorT µν está definido como

T µν (q; ρp, ρn) = −2Θ(q0)

4M2

∫
d3p

(2π)3

M

E(p)

M

E(p + q)
δ
(
q0 + E(p) − E(p + q)

)

× Θ (kp
F (r) − |p|)Θ(|p + q| − kn

F (r))(−π)Aµν
RPA(p, q)|p0=E(p)

≡ t1g
µν + t2l

µlν + i t3ǫ
µναβ lαqβ + t4q

µqν + t5 (lµqν + lνqµ)

(4.6)

conlµ = (1, 0).
Las similitudes con la ec. (2.39) son claras, y de nuevo podemos hacer las integrales analíti-

camente escribiéndolas en función de la parte imaginaria dela función de Lindhard. El límite no
relativista que adoptaremos se obtiene sustituyendo los factoresM/E(p) y M/E (p + q) por 1.

Por último tendremos en cuenta la energía de ligadura del muón B1s
µ > 0, y reemplazaremos

mµ → m̂µ = mµ − B1s
µ . De esta manera el balance energético debe corregirse reemplazando

q0 → q0 −
[
Q−QLFG(r)

]
= m̂µ − |k| −

[
Q−QLFG(r)

]
(4.7)

en las ecs. (4.5), (4.6).

4.2. Resultados y comparación con el experimento

Los resultados obtenidos según el modelo descrito en la sección precedente para las anchuras de
captura muónica inclusiva en núcleos se muestran en la tabla4.1, donde además se comparan con
una compilación de datos experimentales, [98]. El acuerdo con el experimento es extremadamente
bueno, y se reproducen los resultados con precisiones en ocasiones del1 %, bastante mejores que
las incertidumbres de cualquier modelo teórico. La inclusión de efectos de polarización del medio
son importantes, ya que reducen las anchuras predichas por el gas de Fermi no relativista en un30–
40 %. Es interesante señalar que el acuerdo es bastante bueno para todos los elementos de la tabla
periódica. Ésto es muy importante, ya que existe una variación de casi tres órdenes de magnitud
en los valores de las anchuras cuando se pasa de12C a208Pb. La mayor discrepancia con los datos
experimentales se tiene precisamente para el12C: del orden del15 %.

Si recordamos los resultados de tab. 2.2 para secciones eficaces podemos concluir que nuestro
modelo proporciona una de las mejores predicciones para la captura muónica inclusiva en12C y
las mediciones de LSND para la reacción12C(νµ, µ

−)X en el umbral de producción de muones.

70



B1s
µ [MeV] Pauli+Q [104 s−1] RPA [104 s−1] Exp [104 s−1]

12C 0.100 5.42 3.21 3.78 ± 0.03
16O 0.178 17.56 10.41 10.24 ± 0.06
18O 0.178 11.94 7.77 8.80 ± 0.15

23Na 0.336 58.38 35.03 37.73 ± 0.14
40Ca 1.064 465.5 257.9 252.5 ± 0.6
44Ca 1.063 318 189 179 ± 4
75As 2.624 1148 679 609±4

112Cd 4.861 1825 1078 1061±9
208Pb 10.510 1939 1310 1311±8

Tabla 4.1:Anchuras de captura total de muón para diferentes núcleos. Los resultados experimentales (“Exp”) se
han tomado de [98]; cuando en dicha referencia aparece citado más de un experimento hemos usado un promedio
Γ/σ2 =

∑

i Γi/σ2
i , con1/σ2 =

∑

i 1/σ2
i . Los resultados teóricos se han obtenido usando cinemáticano relativista

para el nucleón. (i) “Pauli+Q” se ha obtenido de ec. (4.5) sin incluir RPA ni FSI, pero teniendo en cuenta el valor de
Q; (ii) “RPA” denota el cálculo completo incluyendo efectos de correlaciones RPA. Mostramos también los valores
utilizados para las energías de ligadura del átomo muónicoB1s

µ .

Por último, en la fig. 4.3 mostramos la distribución de energías del neutrinoνµ emitido en
12C, ec. (4.1). La energía transferida al núcleo final (en este caso12Be) varía entre 0 y 20 MeV.
Naturalmente nuestro modelo no muestra ningún detalle del espectro de excitación del núcleo
final. En principio, sería de esperar que un tratamiento más realista del tamaño finito del núcleo
produjera resultados muy distintos a los nuestros. Sin embargo, como veremos en las secciones
siguientes, los detalles de estructura nuclear no afectan apenas a las anchuras integradas.

4.3. Comparación con un modelo de capas extremo

Los resultados obtenidos en sec. 4.2 indican que, para reacciones inclusivas, la validez de la
aproximación de gas de Fermi local (LFG) puede extenderse a energías nucleares de excitación
menores de lo que parece razonable esperar. En esta sección veremos que el LFG predice razo-
nablemente bien los valores de observables integrados a bajas energías, aunque no sea capaz de
describir los detalles finos de las distribuciones diferenciales. De hecho, a estos observables con-
tribuyen tanto los estados del discreto como los del continuo, incluyendo estados colectivos como
resonancias gigantes [99], que son imposibles de reproducir con un modelo de gas de Fermi. A
pesar de esto, cuando se suma sobre los todos los posibles estados finales, la información relati-
va a estos detalles del espectro se pierde y sólo permanece lacontribución global al observable
inclusivo. De este modo este tipo de observables son más sensibles a cantidades globales del sis-
tema como el balance energético o la distribución de nucleones. Conclusiones semejantes ya se
extrajeron de estudios de la captura radiativa de átomos piónicos [100].
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Figura 4.3:Anchura diferencial de captura muónica en función de de la energía del neutrino saliente (eje horizontal
superior) o equivalentemente, en función de la energía transferida al núcleo final (eje horizontal inferior) para12C.
Los dos cálculos están referidos como en tab. 4.1.

Existen numerosos cálculos microscópicos de reacciones inclusivas neutrino-núcleo y de cap-
tura muónica, basadas en modelos RPA o modelos de capas en grandes bases [74, 101–104], mo-
delo de capas relativista [105] o el método de la función de Green [106]; todos los cuales incluyen
los efectos de tamaño finito del núcleo. De todos modos, de la comparación directa de estos mo-
delos con el LFG de la sec. 4.1 no es posible deducir la importancia del tratamiento de núcleo
finito. Esto se debe a que en cada uno de estos modelos los distintos efectos, ya sean interacciones
residuales, funciones de onda de modelo de capas, operadores de corriente, etc. se implementan
de distinta manera, con lo que es imposible separar el impacto de los efectos de tamaño finito
del resto de correcciones de medio nuclear. Todo esto sugiere que antes de comparar los modelos
más sofisticados es conveniente comprender los casos más simples que no incluyan correlaciones
nucleares.

De este modo hemos elegido como modelode pruebaun modelo de capas (shell model, SM)
extremo: consideraremos los nucleones como estados monoparticulares en un potencial de Woods-
Saxon. No tendremos en cuenta ni efectos de correlaciones delargo alcance (RPA) ni de mezcla
de configuraciones. Además, usaremos el límite estático de la corriente cargada (CC) de nucleón
para simplificar el cálculo y extraer las conclusiones más limpiamente. Por último, compararemos
estos resultados con los obtenidos con un modelo LFG sin incluir correcciones del tipo RPA y en
el límite estático de la CC del nucleón.

Los efectos de núcleo finito deberían disminuir conforme aumenta la masa del núcleo. Para
comprobar estos efectos y tener un estudio más completo compararemos los resultados en varios
núcleos de doble capa cerrada a lo largo de la tabla periódica: 12C, 16O, 40Ca y208Pb.
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4.3.1. Modelo de capas: Formalismo

Consideremos el muón negativo ligado a un núcleo inicialA
ZX que se desintegra según la

ec. (4.1). Supondremos que el muón se encuentra en un estado1s cuya función de onda normali-
zada a la unidad

φ1s(r) = φ1s(r) =
R1s(r)√

4π
(4.8)

ya fue discutida en sec. 4.1. Supondremos un neutrinoνµ en el estado final con cuadrimomento
kµ′ = (ǫ′,k′). La corriente leptónica (ver fig. 4.1) lleva asociada un elemento de matriz

〈νµ |jµ(x)|µ〉 = ℓµφ1s(x)e
ik′·x (4.9)

dondexµ = (t, r) es la coordenada espacio-temporal del muón,φ1s(x) la función de onda depen-
diente del tiempo para el muón:

φ1s(x) = φ1s(r)e
−iǫt , (4.10)

ǫ la energía del muón (incluida la energía de ligadura) y finalmenteℓµ es el vector leptónico. Ya que
tratamos el muón como una partícula no relativista, podemosdescribirlo con un espinor de Pauli
χ, que da lugar a un espinor de Dirac en el espacio de momentosuµ(0) = (χ, 0). Esto equivale
a despreciar el momento del muón en la parte puramente cinemática del problema; sin embargo
mantendremos la dependencia espacial de la función de onda.En términos de este espinor el vector
leptónico se escribe:

ℓµ =

[
m′

V ǫ′

]1/2

ūν(k
′)γµ(1 − γ5)uµ(0) , (4.11)

dóndeV es el volumen de normalización de la onda plana del neutrino ym′ su masa, que ha-
remos tender a cero al final del desarrollo. Para esta secciónhemos optado por el convenio de
normalización de espinores̄uu = 1, como en el texto de Bjorken y Drell [95].

Cómo ya se discutió anteriormente (ver discusión tras ec. (2.6)) usaremos una aproximación de
contacto para la interacción débil. De esta manera el elemento de matriz de la matrizS asociado al
proceso de la Figura 4.1 es:

Sfi = −2πiδ(Ef −Ei − ω)
G√
2
ℓµ〈f |J̃µ(−k′)|i〉 , (4.12)

dónde|f〉 y |i〉 son los estados final e inicial del núcleo, con energíasEf y Ei, respectivamente,
ω = ǫ − ǫ′ es la energía transferida por el leptón y hemos introducido el operador efectivo de
corrienteJ̃µ(q) = J̃µ(−k′), que es la transformada de Fourier:

J̃µ(−k′) =

∫

d3r e−ik′·rJ̃µ(r) . (4.13)

deJ̃µ(r), definido en el espacio de coordenadas como:

J̃µ(r) = Jµ(r)φ1s(r) . (4.14)
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Para obtener la anchura de desintegración a partir del elemento de matrizS ec. (4.12) podemos
utilizar (ver p. ej. [107]):

dΓ =
1

ǫ

∏

f

(
d3pf

(2π)3

1

2Ef

)

Sfi (4.15)

dóndeǫ es la energía del muón inicial y los términos entre paréntesis tienen en cuenta la contribu-
ción al espacio fásico de todos los estados finalesf . Llegados a este punto podemos distinguir dos
casos, dependiendo de si el estado nuclear final es un estado del espectro discreto (el fundamental
o uno excitado), o de si es un estado del continuo, con un neutrón de energía positiva.

En el caso de una transición al discreto, donde la energía delneutrino saliente viene fijada por
conservación de energía, la anchura de la transición del estado nuclear iniciali al estado finalf se
escribe:

Γi→f =
G2

2π

ǫ′

mµ

LµνW i→f
µν (q) , (4.16)

dóndeq es el módulo del momento transferido al núcleoq = k − k′, ηµν es el tensor leptónico
definido

ηµν = k′µkν + k′νkµ − gµνmµǫ
′ + iǫµναβk

αk′β (4.17)

y W i→f
µν es el tensor hadrónico, que para este caso particular adoptala forma

W i→f
µν (q) =

∑

Mf ,Mi

〈f |J̃µ(q)|i〉∗〈f |J̃ν(q)|i〉 , (4.18)

dónde la barra sobre la sumatoria quiere decir que promediamos sobre la tercera componente de
espín del estado nuclear inicialMi y sumamos sobre la del estado nuclear finalMf . Trabajaremos
en un sistema de referencia dóndeq está el ejez.

En el caso de la parte continua del espectro del estado nuclear final, la anchura toma la forma:

dΓc

dǫ′
=
G2

2π

ǫ′

mµ
ηµνW (c)

µν (q, ω) , (4.19)

siendo el tensor hadrónico:

W (c)
µν (q, ω) =

∑

i,f

δ(Ef − Ei − ω)〈f |J̃µ(q)|i〉∗〈f |J̃ν(q)|i〉 (4.20)

y de nuevo se promedia (suma) sobre estados iniciales (finales del continuo) de espín.
La contracción de los tensores leptónico y hadrónico se simplifica notablemente si elegimos

un sistema de referencia en el que el momento transferidoq esté en la dirección del ejez. De esta
manera, y suponiendo que el muón está en reposo (kµ = (mµ, 0)), nos queda una expresión para
la anchura diferencial:

dΓc

dǫ′
=
G2

2π
ǫ′2 (RC +RL − 2RCL +RT + 2RT ′) (4.21)

74



y una expresión análoga para la anchura de desintegración a estados discretos. Hemos introducido
las funciones de respuesta en término de componentes del tensor hadrónico

RC = W 00 (4.22)

RCL = −1

2

(
W 03 +W 30

)
(4.23)

RL = W 33 (4.24)

RT = W 11 +W 22 (4.25)

RT ′ = − i

2

(
W 12 −W 21

)
(4.26)

que contienen la información relevante acerca de la estructura y la dinámica del nucleo [108,109].
La anchura total de desintegración para el proceso inclusivo

Γ =
∑

f

Γi→f +

∫ ǫ′max

0

dΓc

dǫ′
dǫ′ (4.27)

se obtiene sumando sobre todos los estados finales accesibles e integrando sobre el espectro conti-
nuo.

Desarrollo multipolar Debido a la simetría esférica del potencial Woods-Saxon losestados
monoparticulares del SM tienen buenos números cuánticos demomento angular:|i〉 = |JiMi〉,
|f〉 = |JfMf〉. Es por tanto conveniente calcular los elementos de matriz mediante un suma ana-
lítica en terceras componentes de momento angular total, haciendo uso del teorema de Wigner-
Eckart. Para ello desarrollaremos los operadores de corriente como suma de operadores de rango
J con momento angular bien definido:

J̃0(q) =
√

4π

∞∑

J=0

iJ [J ]ĈJ0(q) (4.28)

J̃z(q) = −
√

4π
∞∑

J=0

iJ [J ]L̂J0(q) (4.29)

J̃m(q) = −
√

2π
∞∑

J=0

iJ [J ]
[

ÊJm +mM̂Jm(q)
]

, m = ±1 (4.30)

dónde hemos introducido la notación[J ] ≡
√

2J + 1 y en la última ecuación hemos introduci-
do las componentes esféricas del vector corriente:J±1 = ∓(Jx ± Jy)/

√
2. Los operadores de

esta expansión son los operadores Coulombiano, longitudinal, transversal eléctrico y transversal
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magnético, definidos como:

ĈJ0(q) =

∫

d3r jJ(qr)YJ0(r̂)J̃0(r) (4.31)

L̂J0(q) =
i

q

∫

d3r∇ [jJ(qr)YJ0(r̂)] · J̃(r) (4.32)

ÊJm(q) =
1

q

∫

d3r∇× [jJ(qr)YJJm(r̂)] · J̃(r) (4.33)

M̂Jm(q) =

∫

d3r jJ(qr)YJJm(r̂) · J̃(r) (4.34)

dóndejJ son las funciones esféricas de Bessel de ordenJ y YJJm es un armónico esférico vec-
torial. Debemos hacer notar que en las expansiones (4.28), (4.29) y (4.30) no hemos hecho uso
de ninguna propiedad especifica del operador de corriente electro-débil (CC). Hemos tenido en
cuenta la expansión de la onda plana que aparece en la transformada de Fourier (4.13) en término
de funciones esféricas de Bessel y armónicos esféricos:

eik·r = 4π
∑

lm

iljl(kr)Y
∗
lm(k̂)Ylm(r̂) (4.35)

y el cambio de base de una base de monento angular orbital y espín a una de momento angular total,
que resulta en un cambio de base de armónicos esféricos a una de armónicos esféricos vectoriales.
Más detalles sobre esta expansión aparecen en [108, 110, 111]; para un compendio de fórmulas
sobre momento angular véase [112].

Ahora, si insertamos las expansiones (4.28), (4.29), (4.30) en las definiciones del tensor ha-
drónico (4.18), (4.20) y sumamos sobre terceras componentes de momento angular obtenemos el
desarrollo multipolar de las respuestas inclusivas:

RC =
4π

2Ji + 1

∑

J

|CJ |2 (4.36)

RL =
4π

2Ji + 1

∑

J

|LJ |2 (4.37)

RCL =
2π

2Ji + 1

∑

J

(C∗
JLJ + L∗

JCJ) (4.38)

RT =
4π

2Ji + 1

∑

J

(
|EJ |2 + |MJ |2

)
(4.39)

RT ′ = − 2π

2Ji + 1

∑

J

(E∗
JMJ +M∗

JEJ ) (4.40)

para las funciones de respuesta del espectro discreto y análogas expresiones pero con una integral
sobre estados finales y una función delta de conservación de energía

∑

f δ(Ef − Ei − ω), para el
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espectro continuo. Los coeficientes multipolares en estas sumas :

CJ(q) = 〈f‖ĈJ(q)‖i〉 , (4.41)

LJ(q) = 〈f‖L̂J(q)‖i〉 , (4.42)

EJ(q) = 〈f‖ÊJ(q)‖i〉 , (4.43)

MJ(q) = 〈f‖M̂J(q)‖i〉 (4.44)

son los elementos de matriz reducidos correspondientes a los operadores multipolares.
Los valores deJ y Jf están relacionados a través de las reglas de conservación del momento

angular|Ji − Jf | ≤ J ≤ Ji + Jf . En el caso particular de núcleos con momento total ceroJi = 0,
como los núcleos de capa cerrada considerados en este trabajo, tenemosJf = J .

Obviamente la suma sobre multipolos de ordenJ es en principio infinita. Por lo tanto es ne-
cesario fijar unJ máximo para el cual la suma de multipolos sea convergente. Encálculos con
el modelo PWIA, véase el Apéndice D, hemos comprobado que para el caso de captura muónica
bastan con los cinco primeros multipolos para que la suma seaconvergente.

La corriente débil cargada En esta sección utilizaremos el hamiltoniano débilV − A para
definir una corrienteJµ = V µ −Aµ. Como dijimos antes, nos restringiremos al límite estático. De
esta manera desarrollamos los elementos de matriz de las corrientes vectorial

V µ(p′,p) = ū(p′)

[

2F V
1 γ

µ + i
µV F

V
2

2M
σµνqν

]

u(p) (4.45)

y axial
Aµ(p′,p) = ū(p′)

[
GAγ

µγ5 +GP q
µγ5
]
u(p) (4.46)

quedándonos con el término dominante en potencias dep/M , p′/M , conM la masa del nucleón y
qµ = (ω,q) el cuadrimomento transferido al núcleo (q2 = ω2 − q2); p y p′ son, respectivamente,
los momentos inicial y final del nucleón.

Para la corriente vectorial el resultado es simplemente:

J0
V ≃ 2F V

1 (4.47)

JV = V ≃ 0 (4.48)

y para la axial nos quedaríamos en principio con:

J0
A ≃ 0 (4.49)

JA = A ≃ GAσ . (4.50)

En la corriente axial debemos hacer notar que si asumimos PCAC (partially conserved axial
current), el factor de forma pseudoescalarGP es de ordenO(M):

GP =
2M

m2
π − q2

GA (4.51)
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por lo que debemos añadir a las corrientes en el límite estático:

J0
P = A0 ≃ − GA

m2
π − q2

(q · σ)ω (4.52)

JP = A ≃ − GA

m2
π − q2

(q · σ)q . (4.53)

La CC total en el límite estático es:

J0 = 2F V
1 +

GA

m2
π − q2

(q · σ)ω (4.54)

J = −GAσ +
GA

m2
π − q2

(q · σ)q . (4.55)

La inclusión de los términos siguientes en el desarrollo|p|/M , no considerados aquí puede
suponer una contribución no totalmente despreciable a la anchura total; pero el límite estático
simplifica el cálculo y debe ser suficiente para nuestro objetivo de evaluar los efectos de tamaño
finito comparando el modelo de gas de Fermi con el modelo de capas.

Elementos de matriz multipolares de la corriente Los diferentes multipolos de las corrientes
vectorial, axial y pseudoescalar (J0

V , JA y Jµ
P ) introducidos en la ec. (4.55), se calculan siguiendo el

formalismo de la referencia [113], dónde se discutió la contribución de la corriente neutra electro-
débil a la violación de paridad en el contexto de dispersión de electrones. En nuestro caso a la
corriente vectorial sólo contribuye el término de primer ordenJ0

V = 2F V
1 . Por lo tanto, sólo los

multipolos Coulombianos de esta corriente entran en nuestros cálculos. Los elementos de matriz
reducidos entre funciones de onda de onda de nucleón final (lp, jp) e inicial (lh, jh) vienen dadas
por

〈p‖ĈJ(q)‖h〉 = 2F V
1 P

+
lp+lh+J [J ] aJIJ(q) . (4.56)

Aquí hemos usado la notaciónP+
n para la función de paridad (=1 sin es par y 0 sin es impar), y

hemos definido la funciónIJ(q)

IJ(q) =

∫ ∞

0

dr r2jJ (qr)R∗
p(r)Rh(r)φµ(r) (4.57)

que contiene la información de las funciones de onda monoparticulares de los nucleones que in-
tervienen en la reacción y del muón ligado. Finalmente el coeficiente de acoplamientoaJ está
definido en términos de coeficientes3j,

aJ ≡ (−1)jp+1/2[jp][jh]√
4π

(
jp jh J
1
2

−1
2

0

)

(4.58)

que son proporcionales a los coeficientes de Clebsh-Gordan [112].
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En el caso de la corriente axial sólo consideramos la corriente espacialJA = GAσ, así que
sólo entran en nuestros cálculos los elementos de matriz longitudinal y transversal (eléctrico y
magnético):

〈p‖L̂A
J (q)‖h〉 = iGAP

+
lp+lh+J+1

aJ

[J ]
× [(κp + κh − J) IJ−1(q) + (κp + κh + J + 1) IJ+1(q)]

(4.59)

〈p‖ÊA
J (q)‖h〉 = −iGAP

+
lp+lh+J+1

aJ
√

J(J + 1)[J ]

× [(J + 1 + κp + κh)JIJ+1(q) + (J − κp − κh) (J + 1)IJ−1(q)] (4.60)

〈p‖M̂A
J (q)‖h〉 = GAP

+
lp+lh+J

aJ [J ]
√

J(J + 1)
(κp − κh) IJ(q) , (4.61)

dónde hemos introducido la notaciónκp = (−1)jp+lp+ 1
2 (jp + 1

2
). Es interesante notar que los

multipolos longitudinal y eléctrico tienen paridades anormales,i.e. lp + lh + J = impar, mientras
que el magnético tiene paridad normallp+lh+J = par, como es de esperar para corrientes axiales.

En el caso de la corriente pseudoescalar (ecs.(4.52,4.53)), los multipolos pueden relacionarse
con las componentes longitudinales de la corriente axialJz

A = GAσ ·q̂. Usando la expansión (4.29)
para la corriente longitudinal tenemos para la componente 0:

J0
P = − ωq

m2
π −Q2

Jz
A =

ωq

m2
π −Q2

√
4π
∑

J

iJ [J ]L̂A
J0 . (4.62)

Comparando con (4.28) obtenemos que los operadores Coulombiano de la corriente pseudoescalar
son proporcionales a los multipolos longitudinales de la corriente axial,

ĈP
J0 =

ωq

m2
π −Q2

L̂A
J0 (4.63)

y una relación idéntica existe para los elementos de matriz.Como la parte espacial de la corrien-
te pseudoescalar es proporcional aq, no tiene componentes transversales. Sólo intervienen los
multipolos longitudinales, que son de nuevo proporcionales a los axiales

L̂P
J0 = − q2

m2
π −Q2

L̂A
J0 , (4.64)

y de nuevo una relación similar se establece entre los elementos de matriz.
En la presente aproximación estática, dónde no hay multipolos tranversales para la corriente

vectorial, la función de respuestaRT ′ es idénticamente nula, porque sólo la interferencia entre los
multipolos eléctrico y magnético de las corrientes axial y vectorial, respectivamente (y viceversa),
entraría en ecs. (4.22) a (4.26).
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4.3.2. El límite estático del gas de Fermi

En la aproximación LFG primero calculamos la anchura de desintegración de un átomo muó-
nico en materia nuclear asimétricaΓFG[ρP , ρN ] con densidades

ρP = k3
FP/3π

2, ρN = k3
FN/3π

2, (4.65)

dóndekFP y kFN son los momentos de Fermi de protones y neutrones, repectivamente. Podemos
usar el formalismo desarrollado en la sec. 4.1 y en [113] usando las corrientes cargadas definidas
en las ecs. (4.54) y (4.55) para obtener una anchura diferencial de desintegración:

dΓFG

dǫ′
=
G2

π
ǫ′2
[
4F 2

1V +G2
A(3 + C2

P − 2CP )
]
R0 , (4.66)

dónde hemos introducido el factor proveniente del factor deforma pseudo-escalar:

CP ≡ mǫ′

m2
π − q2

, (4.67)

y dónde la funciónR0:

2R0 = −1

π
ImU (4.68)

está relacionada con la parte imaginaria de la función de Lindhard (ver ap. B).
Los factoresǫFP = k2

FP/2M y ǫFN = k2
FN/2M son las energías de Fermi no-relativistas

para protones y neutrones, respectivamente. Naturalmente, en el gas de Fermi no aparecen con-
tribuciones a la anchura provenientes del espectro discreto que sí aparecen en el modelo de capas
(4.20).

De esta manera podemos dar resultados para núcleos finitos siguiendo los pasos dados para el
LFG en la sec. 4.1. De nuevo obtenemos los momentos de Fermi correspondientes a las densidades
en cada punto del núcleo e integramos en todo el volumen nuclear según las ecs. (4.2).

De las correcciones nucleares introducidas en la sec. 4.2, sólo tendremos en cuenta las relativas
al correcto balance energético. Éste aparece naturalmenteen el SM, pues los parámetros del campo
medio de protones y neutrones están ajustados a las energíasmonoparticulares del espectro y a la
diferencia de masas experimental entre el núcleo inicial y el estado fundamental del núcleo final.
Para comparar ambos modelos es por tanto necesario corregirlas energías en el modelo de gas de
Fermi. De esta manera incluimos tanto elQ-valuede la reacción:

Q = M(A
Z−1Y ) −M(A

ZX) = ωmin (4.69)

como el gap de energías de Fermi:

ǫgap = ǫFN − ǫFP , (4.70)

tal y como mencionamos en sec. 2.5.1.

80



4.3.3. Resultados

En este apartado mostramos los resultados obtenidos con losmodelos presentados en la sección
anterior en varios núcleos de doble capa cerrada para los queel modelo de capas es más fiable:
12C, 16O, 40Ca y208Pb.

Las funciones de onda del núcleo en el modelo de capas extremovienen dadas como determi-
nantes de Slater de funciones de onda monoparticulares, soluciones del potencial de Woods-Saxon:

V (r) = V0f(r, R0, a0) − VLS
2l · σ
r

df(r, R0, a0)

dr
+ VC(r) , (4.71)

donde

f(r, R0, a0) =
1

1 + exp r−R0

a0

(4.72)

y VC(r) es, para protones, el potencial de Coulomb creado por una esfera con cargaZ − 1 veces
la del protón y un radioRC ; para neutrones dicho potencial es nulo. Los parámetros delpotencial
suelen ajustarse a las energías experimentales de los nucleones de la capa de valencia o al radio de
carga. En nuestro caso ajustamos dichos parámetros alQ-valueexperimental de la reacción (4.1),
para poder comparar con nuestro modelo de gas de Fermi. En el modelo de capas la diferencia de
energía entre los estados final e inicial del núcleo es la diferencia entre las energías monoparticu-
lares de los nucleones en las correspondientes capas de valencia.

ω = ǫp − ǫh (4.73)

dóndeǫp y ǫh son las autoenergías solución de la ec. de Schrödinger para partículas (neutrones) y
agujeros (protones) En el caso que nos ocupa elQ-valuevendrá dado por la diferencia entre las
energías de la primera capa desocupada de neutrones y la última capa ocupada de protones, que
corresponde a la conversión de un protón en la capa de valencia a un neutrón sobre el mar de Fermi.

Esto sólo fija una condición en el potencial de la ec. (4.71), yson necesarias condiciones adi-
cionales para determinar los distintos parámetros del potencial. Por lo tanto, partiremos de las pa-
rametrizaciones dadas en las referencias [100,113,114], pero modificándolas en lo necesario para
reproducir el balance energético experimental. De esta manera hemos generado varios conjuntos
de parametrizaciones que reproducen elQ-valueexperimental. Esto nos permitirá estudiar la de-
pendencia de nuestros resultados con el modelo nuclear. Lasdiversas parametrizaciones utilizadas
en este trabajo se muestran en las tablas 4.2 y 4.3.

Como los únicos estados monoparticulares relevantes para la captura muónica son los estados
ocupados de protones y los estados de neutrones por encima dela energía de Fermi, en la Tabla 4.4
sólo indicamos las energías de los niveles relevantes para el cálculo delQ-value de los cuatro
núcleos, para las distintas parametrizaciones que hemos usado. En el modelo de capas el número
de estados discretos es finito. De esta manera, las transiciones de neutrones por encima del último
nivel discreto contribuyen al espectro continuo, que nosotros obtendremos resolviendo la ec. de
Schrödinger con energías positivas. Para más detalles sobre las soluciones del espectro continuo
ver [100,113,114].

81



Núcleo Parametrización V P
0 V P

LS V N
0 V N

LS r0 a0

12C WS1 −52.38 −20.30 −50.85 −24.11 1.25 0.57
WS2 −62.38 −3.20 −50.85 −18.40
WS3 −62.38 −3.20 −38.30 −3.15

16O WS1 −52.50 −0.60 −52.50 −0.60 1.27 0.53
WS2 −52.50 −7.00 −42.80 −6.54
WS3 −50.00 0.00 −50.00 0.00

40Ca WS1 −50.45 −4.83 −48.66 −5.20 1.25 0.53
WS2 −57.50 −11.11 −55.00 −2.30
WS3 −57.50 −11.114 −53.00 −5.10

Tabla 4.2:Parámetros del potencial de Woods-Saxon usados en12C, 16O and40Ca para protones (P) y neutrones
(N). Las unidades son MeV paraV0 y fm paraa0 y r0. Los parámetros de radios reducidosr0 se definen según
R0 = r0A

1/3. El radio de Coulomb se eligeRC = R0.

V0 VLS r0 a0 rLS aLS

WS1 P −60.4 −7.45 1.26 0.79 1.21 0.59
N −46.9 −5.64 1.21 0.66 1.17 0.64

WS2 P −60.4 −6.75 1.26 0.79 1.21 0.59
N −43.5 −6.08 1.26 0.66 1.17 0.64

Tabla 4.3:Parámetros del potencial de Woods-Saxon usados en208Pb para protones (P) y neutrones (N). Unidades
como en tab. 4.2. Nótese que los parámetros del potencial espín-órbita son distintos de los utilizados en la parte central
del potencial.

Para comparar de manera consistente con el LFG es preciso usar las mismas densidades en éste
modelo que en el modelo de capas. Usaremos comoinput en el LFG las densidades de protones
y neutrones obtenidas en el modelo de capas, para cada parametrización del potencial WS. Éstas
vienen dadas por:

ρP (r) =
∑

protones

2j + 1

4π
|Rnlj(r)|2 , (4.74)

dóndeRnlj(r) son las funciones de onda radiales de protones. La expresiónpara neutrones es
similar.

En la Tabla 4.5 mostramos los resultados obtenidos para los cuatro núcleos estudiados y para
las distintas parametrizaciones utilizadas en este trabajo. Para cada parametrización del potencial
WS damos en la tercera columna la contribución del espectro discreto a la anchura de desinte-
gración, mientras que en la cuarta damos la anchura total (suma de contribuciones del discreto y
del continuo). En la quinta columna mostramos los resultados obtenidos con el modelo LFG con
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Núcleo WS1 WS2 WS3 exp
12C P1p3/2 −15.96 −18.38 −18.13

N1p1/2 −2.08 −4.50 −4.25
Q-value 13.88 13.88 13.88 13.880

16O P1p1/2 −15.31 −12.77 −13.76
N1d5/2 −4.39 −1.84 −2.83
Q-value 10.92 10.93 10.93 10.931

40Ca P1d3/2 −8.33 −8.78 −8.78
N1f7/2 −6.51 −6.95 −6.954
Q-value 1.83 1.83 1.83 1.822

208Pb P3s1/2 −8.19 −8.19
N2g9/2 −2.68 −2.68
Q-value 5.51 5.51 5.512

Tabla 4.4:Energías monoparticulares en MeV usadas en los ajustes parael correcto balance energético de la captura
muónica. Los valores experimentales aparecen en la última columna.

las densidades de nucleones calculadas a partir de la ec. (4.74). En la última columna aparecen
las diferencias relativas, en tanto por ciento, entre las anchuras totales calculadas según los dos
modelos.

Por último debemos hacer notar que la integración del espectro continuo es delicada desde
el punto de vista numérico debido a la presencia de resonancias del potencial a bajas energías
de excitación nuclear. Ésto requiere un estudio detallado de cada núcleo y cada potencial para
determinar la posición y la anchura de las diversas resonancias con la precisión requerida, que en
ciertos casos pueden afectar mucho a los valores finales de laanchura en el continuo. Para integrar,
primero se realizó un barrido fino para localizar la posiciónde las resonancias. Luego se integró
con paso variable para tener en cuenta la rápida variación dela anchura de desintegración en el
entorno de las resonancias.

A continuación analizamos en detalle los resultados obtenidos para cada uno de los núcleos
estudiados.

12C Para este núcleo hemos utilizado tres parametrizaciones del potencial, denotadas WS1, WS2
y WS3 en la Tabla 4.2. En la Tabla 4.5 podemos ver que para los potenciales WS1 y WS2 los
resultados de LFG y WS son muy similares, con diferencias delorden∼ 2–3 %. En el caso WS3
las diferencias son del orden del 14 %.

Todos los potenciales están ajustados para reproducir el valor experimental delQ-value. De
entre todos los potenciales el WS1 es el más realista, pues está ajustado también a las energías de
separación de protones y neutrones, de manera que reproducerazonablemente las masas de los nú-
cleos13N y 13C. En núcleos simétricos como el12C es razonable que los parámetros para protones
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Núcleo discreto total LFG %
12C WS1 0.3115 0.4406 0.4548 3.2

WS2 0.3179 0.4289 0.4360 1.7
WS3 0.2746 0.5510 0.4732 −14.1

16O WS1 1.113 1.282 1.360 6.1
WS2 0.590 1.118 1.392 24.3
WS3 1.154 1.332 1.387 4.1

40Ca WS1 29.10 37.12 36.73 −1.1
WS2 27.79 33.79 34.90 3.3
WS3 26.28 32.73 35.03 7.0

208Pb WS1 215.6 390.3 399.4 2.3
WS2 266.8 467.4 439.5 −5.9

Tabla 4.5:Anchuras integradas en unidades105 s−1 para los distintos núcleos y potenciales de Woods-Saxon, com-
paradas con los resultados LFG usando las correspondientesdensidades de nucleones. La contribución del discreto en
el modelo de capas aparece en la segunda columna (discreto).La última columna se define:% = (LFG− total)/total.

y neutrones tengan valores parecidos. Ésto obliga a usar un valor muy grande para el acoplamiento
espín-órbitaVLS si queremos reproducir elQ-value, como se aprecia en la parametrización WS1.
En el caso WS2 hemos usados valores completamente distintospara protones y para neutrones.
Para protones hemos usado una parametrización similar a la presentada en [115], con un pozo más
atractivo que el de WS1, pero un espín-órbitaVLS menos intenso. La parametrización de neutrones
es similar a la de WS2. Finalmente, en WS3 hemos usado tanto para protones como para neutro-
nes un valor pequeño del potencial espín órbita, lo que nos fuerza a usar un pozo mucho menos
atractivo para neutrones que para protones, para compensarla repulsión electrostática.

Estas variaciones en los parámetros del potencial producenno sólo variaciones en las energías
monoparticulares, sino también cambios en las densidades,como puede apreciarse en la Figu-
ra 4.4(a). Según aumenta la profundidad del pozo, mayor es ladensidad en el interior del núcleo.
Esto se aprecia bien en el caso de WS3, dónde la densidad de protones (r → 0) es aproximada-
mente 3/2 la de neutrones. Es en este caso donde obtenemos peores resultados en la comparación
entre WS y LFG. Los momentos de Fermi de protones y neutrones son en este caso claramente
distintos, lo que da lugar a que el gap entre las energías de protones y neutrones (ec. (4.70)) sea
en este caso negativo (ǫFN < ǫFP ). Por lo tanto, esta densidad en el modelo LFG permite que un
protón cerca de la superficie del mar de Fermi, decaiga espontáneamente a un neutrón sobre dicha
superficie. Esta situación no es realista, ya que en el modeloWS, para este núcleo precisamente,
los neutrones están menos ligados que los protones, y por lo tanto tienen energías mayores. Otro
argumento en contra de la verosimilitud de este conjunto de parametros es que, según las propie-
dades de los núcleos de doble capa cerrada conN ≃ Z, la densidad de protones y neutrones debe
ser similar.
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En la Figura 4.4(b) mostramos las anchuras de desintegración en12C para las distintas para-
metrizaciones. En los paneles de la izquierda mostramos lascontribuciones del modelo LFG y la
parte continua del espectro del modelo SM. En los paneles de la derecha se muestran las anchuras
parcialesΓi→f del espectro discreto en el modelo SM. Como era de esperar, las anchuras dife-
renciales de ambos modelos son completamente diferentes. La mayor diferencia la encontramos
para la parametrización WS1, debido a la presencia de una resonancia de neutrones muy alta y
estrecha a unos 87 MeV en el espectro SM. Si tenemos en cuenta esta diferencia entre las anchuras
diferenciales es notable observar que la anchura integradatoma valores similares en ambos mo-
delos, ver tab. 4.5. En todos los casos la mayor contribucióna la anchura total en el SM proviene
de la transición (discreta) al estado fundamental del12N, lo que es lógico si tenemos en cuenta
que esta transición se describe como una transición monoparticular p3/2 → p1/2 cuyas funciones
de onda son muy similares, independientemente del potencial. Es interesante mencionar también
que existen transiciones a estados discretos inmersas en elcontinuo, es decir, con energías de ex-
citación mayores que la energía de separación, particularmente para protones iniciales en la capa
1s. Si hubieramos realizado un tratamiento riguroso de las interacciones residuales (como p. ej. la
RPA) sería de esperar que estas transiciones contribuyesena las resonancias gigantes del espectro
continuo.

16O En el caso del16O las anchuras integradas en LFG y SM son muy parecidas para las para-
metrizaciones WS1 y WS3, mientras que para WS2 la anchura delLFG es un 24 % mayor que en
el SM. Estas diferencias se pueden entender examinando las densidades del16O en la fig. 4.5(a).
Vemos que el caso WS2 proporciona densidades poco realistas, ya que la densidad de protones
en el centro del núcleo es mayor que la de neutrones. Este hecho contradice lo que se espera de
un núcleo de doble capa cerrada como el16O, donde los protones estan menos ligados que los
neutrones debido a la repulsión electrostática. Debe también tenerse en cuenta que el16O es un
núcleo complejo, puesto que es difícil ajustar elQ-valuea partir de las parametrizaciones existen-
tes en la literatura [100, 113]. En efecto, en el modelo de capas elQ-valuees la diferencia entre
las energías de los estadosN1d5/2 y P1p1/2, ver Tabla 4.4. El efecto de la parte espín-órbita del
potencial tiende a aumentarǫ(p1/2) y a disminuirǫ(d5/2), lo que implica disminuir elQ-value. En
estas circunstancias para obtener el valor aproximadoQ ∼ 11 MeV, se necesita un valor pequeño
deVLS (WS1) o subir el pozo de neutrones con respecto al de protones(WS2), a costa de hacer los
neutrones menos ligados que los protones. La primera opciónes preferible, pues permite obtener
densidades similares para protones y neutrones. En WS3 hacemos precisamenteVLS = 0 para ma-
ximizar la diferencia entre las dos capas. Para este núcleo mostramos las anchuras parciales en la
fig. 4.5(b). En los tres casos vemos cómo la mayor contribución a las anchuras en el SM proviene
de la parte discreta del espectro (ver también Tabla 4.5).

40Ca A priori los efectos de tamaño finito del núcleo deberían disminuir conforme aumenta la
masa del núcleo. Esto se confirma a la vista de tab. 4.5, dónde para40Ca las diferencias entre LFG
y SM no superan el 7 %. En los casos WS2 y WS3 hemos mantenido lasparametrizaciones de

85



protones usados comúnmente en la literatura y hemos modificado las de neutrones para ajustar
el Q-value. Como éste no tiene un valor muy grande (Q = 1.8 MeV), en este caso no es nece-
sario variar mucho los parámetros típicos del pozo de neutrones. En el caso WS1 hemos tratado
de mantener los parámetros paraP y N lo más parecidos posible. Como se aprecia en la Figu-
ra 4.6(a) las densidades de protones y de neutrones no varíandemasiado con la parametrización y
las densidades de protones se mantienen por debajo de las de neutrones.

Las anchuras diferenciales (fig. 4.6(b)) presentan ahora una estructura más compleja que para
los núcleos más ligeros estudiados anteriormente: aparecen más resonancias en el continuo y el
espectro discreto presenta muchas más transiciones. Sin embargo, la anchura integrada compara
muy bien, como ya hemos discutido, con la obtenida en el modelo LFG.

280Pb En la Tabla 4.5 presentamos los resultados para la anchura integrada de captura muóni-
ca en208Pb usando dos parametrizaciones distintas del potencial: WS1 y WS2. Este es el único
caso en el que usamos diferentes parámetros para los radios de protones y neutrones en el po-
tencial (ver Tabla 4.3), debido a que el208Pb es un núcleo asimétrico en isospín. Para los dos
potenciales, los resultados obtenidos con el LFG son similares a los del SM, con diferencias del
3 y el 6 %. ElQ-valueexperimental (4.69) es similar al obtenido a partir de parametrizaciones
típicas [113], [116]. Además, variaciones relativamente pequeñas de dichas parametrizaciones re-
sultan en grandes variaciones del orden de llenado de los niveles, de manera que debemos variar
poco las parametrizaciones del potencial si queremos ajustar alQ-valuea la vez que respetamos el
orden de los niveles. En este caso es crucial tener en cuenta el tratamiento de materia nuclear asi-
métrica en el LFG, porque las densidades de protones y neutrones son claramente distintas, como
se aprecia en la fig. 4.7(a), de aquí que sea imprescindible tener en cuenta el gap de las ecs. (4.69)
y (4.70).

El núcleo280Pb es el más delicado desde el punto de vista numérico, debidoa (véase fig. 4.7(b))
la gran cantidad de resonancias que aparecen en el espectro continuo.
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Figura 4.4:En fig. 4.4(a) mostramos las densidades de protones y neutrones para los distintos potenciales WS en
12C. La figura de la derecha (fig. 4.4(b)) muestra la anchura diferencial en12C obtenida con el modelo SM (panel
izquierdo), comparadas con LFG y anchuras parciales a estados discretos (panel derecho) en función de la energía del
neutrino emitido, para los distintos potenciales WS considerados.

87



N
P16O WS1

ρ
(~r

)
[f
m

−
3
]

0.1

0.08

0.06

0.04

0.02

WS2

ρ
(~r

)
[f
m

−
3
]

0.1

0.08

0.06

0.04

0.02

WS3

r [fm]

ρ
(~r

)
[f
m

−
3
]

543210

0.1

0.08

0.06

0.04

0.02

(a)

LFG

WS1

16O

1

0.9

0.8

0.7

0.6

0.5

0.4

0.3

0.2

0.1

0

4

3.5

3

2.5

2

1.5

1

0.5

0

LFG

WS2

d
Γ

c/
d
ǫ′

[1
04

s−
1
/M

eV
]

0.9

0.8

0.7

0.6

0.5

0.4

0.3

0.2

0.1

0

Γ
i→

f
[1

04
s−

1
]

3.5

3

2.5

2

1.5

1

0.5

0

LFG

WS3

ǫ′ [MeV]
1009590858075706560

1

0.9

0.8

0.7

0.6

0.5

0.4

0.3

0.2

0.1

0

ǫ′ [MeV]

4

3.5

3

2.5

2

1.5

1

0.5

0

100908070

(b)

Figura 4.5:Como en la Figura 4.4, pero para16O.

88



N
P40Ca WS1

ρ
(~r

)
[f
m

−
3
]

0.1

0.08

0.06

0.04

0.02

WS2

ρ
(~r

)
[f
m

−
3
]

0.1

0.08

0.06

0.04

0.02

WS3

r [fm]

ρ
(~r

)
[f
m

−
3
]

543210

0.1

0.08

0.06

0.04

0.02

(a)

LFG

WS1

40Ca

35

30

25

20

15

10

5

0

80

70

60

50

40

30

20

10

0

LFG

WS2

d
Γ

c/
d
ǫ′

[1
04

s−
1
/M

eV
]

20

18

16

14

12

10

8

6

4

2

0

Γ
i→

f
[1

04
s−

1
]

70

60

50

40

30

20

10

0

LFG

WS3

ǫ′ [MeV]
110105100959085807570

25

20

15

10

5

0

ǫ′ [MeV]

70

60

50

40

30

20

10

0

100908070

(b)

Figura 4.6:Igual que fig. 4.5 para40Ca.
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Figura 4.7:Como fig. 4.5, para208Pb. En este caso mostramos la contribución del continue, en unidades de104s−1

en el mismo panel que el discreto.
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Capítulo 5

Emisión de nucleones inducida por
neutrinos1

En los capítulos precedentes hemos investigado las reacciones inclusivas neutrino-núcleo in-
ducidas por corrientes cargadas de neutrinos(ν, l−) y (ν̄, l+), en las que se detecta el leptón final
cargado. En procesos gobernados por corrientes neutras (neutral currents, NC) no hay tal leptón,
de manera que la única información disponible proviene de laparte nuclear de la reacción. Lo más
común es detectar los hadrones emitidos en reacciones del tipo

ν(k) + AZ(P ) → ν(k′) +N(p′) +X , (5.1)

conocidas como reacciones semi-inclusivas. En este tipo dereacciones no se detecta el estado
final del núcleo, pero se tiene información procedente de losnucleones emitidos. En principio
también es posible tener piones en el estado final (o incluso hiperones [118]); sin embargo, para
las cinemáticas estudiadas en este trabajo la mayoría de losnucleones aparecen con momentos
por debajo del umbral inelástico (p = 800 MeV). De este modo podemos limitarnos a estudiar
la emisión de nucleones para corrientes neutras y cargadas.Si quisieramos describir la emisión
de piones deberíamos, para ser consistentes, tener además en cuenta los procesos elementales de
producción de piones en el vacío.

Para describir la dinámica de los nucleones detectados en este tipo de reacciones es necesario
ir más alla de lo que se conoce como aproximación de impulso con ondas planas (plane wave
impulse approximation, PWIA). En esta aproximación se desprecia cualquier tipo deinteracción
entre el nucleón primario (el que absorbe el bosón gauge) y elsistema nuclear residual. Ésta es
una aproximación bastante pobre para describir secciones eficaces de emisión de nucleones. De
todas maneras este modelo se utiliza con frecuencia para estudiar la razón entre secciones eficaces
de emisión de protones y neutrones(ν, p)/(ν, n), que es en principio menos sensible a efectos de
rescatteringa bajas densidades nucleares. Otro enfoque utilizado con frecuencia en la bibliografía
es la aproximación de impuso con ondas distorsionadas (distorted wave impulse approximation,

1El trabajo de este capítulo se presentó en [117].
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DWIA), donde la función de onda del nucleón emitido se obtiene como la solución a una ecuación
de onda (de Schrödinger o Dirac) en un potencial óptico. Dicho potencial suele ajustarse a datos de
dispersión elástica de nucleones por núcleos, de manera quela parte imaginaria tiene en cuenta la
absorción del nucleón en canales inelásticos. A energías del nucleón por encima de 1 GeV se suele
usar el modelo de Glauber [119], que es una extensión para dispersión múltiple de la aproximación
eikonal. En este modelo la onda plana del nucleón emitido es modulada por una fase que tiene en
cuenta la absorción en canales no detectados. Esta clase de esquemas han sido ampliamente utili-
zados para el estudio de reacciones(e, e′p), en que el núcleo final es detectado en un estado bien
determinado, sea el fundamental o uno excitado. Sin embargohay que tener cuidado a la hora de
extender estos modelos a reacciones inclusivas, en las que el estado del núcleo final no se conoce y
por lo tanto hay que sumar las contribuciones de todos los posibles estados finales. La distorsión de
la onda del nucleón primario elimina todos los sucesos en queéste colisiona con otros nucleones,
de manera que en una DWIA los nucleones que interaccionandesaparecen, cuando en realidad
sólo han salido del núcleo con una energía o un ángulo distinto del inicial, y contribuyen por tanto
a la sección eficaz. Las deficiencias de estos modelos para procesos inclusivos se ponen claramen-
te de manifiesto cuando tenemos en cuenta la emisión de nucleones secundarios inducidos por el
rescatteringdel nucleón primario. Este caso es especialmente dramáticoen el caso de corrientes
cargadas. En modelos PWIA o DWIA sólo se espera observar protones [neutrones] en el estado
final de las reacciones(ν, l−), [(ν̄, l+)]. Sin embargo, como mostraremos más adelante, elrescat-
tering del nucleón primario induce la emisión de neutrones [protones] secundarios. La distorsión
por un potencial real no elimina los sucesos correspondientes a la colisión del nucleón primario;
pero tampoco tiene en cuenta los posibles cambios de dirección o energía del nucleón primario, ni
los procesos con emisión de varios nucleones.

En este capítulo estudiaremos la contribución QE a los procesos inclusivos del tipo(νl, N),
(νl, l

−N), (ν̄l, N) y (ν̄l, l
+N). Para ello partiremos del modelo del cap. 2 para la reacción inclusiva

en el caso de CC y lo extenderemos al caso de corrientes neutras. Para describir la dinámica de
nucleones emitidos usaremos una simulación Monte Carlo (MC), de manera que tendremos en
cuenta todos los nucleones emitidos, ya sean primarios o secundarios.

5.1. Procesos inclusivos QE mediados por corrientes neutras

En esta sección nos centraremos en la reacción inclusiva inducida por neutrinos mediante
corrientes neutras

ν(k) + AZ(P ) → ν(k′) +X , (5.2)

siguiendo la notación del cap. 2. La sección eficaz doblemente diferencial con respecto a las varia-
bles cinemáticas del neutrino saliente viene dada por:

d2σ(νν)(ν̄ ν̄)

dΩ(k̂)′dE ′
l

=
|k′|2MiG

2

4π2

{

2W1 sin2 θ
′

2
+W2 cos2 θ

′

2
∓W3

|k| + |k′|
Mi

sin2 θ
′

2

}

(5.3)
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con k y k′ los momentos de los neutrinos en LAB. Las tres funciones de estructuraWi(q
2) se

definen a partir del tensor hadrónico

W µσ

2Mi
=

1

4M2
i

∑

f

(2π)3δ4(P ′
f − P − q)〈f |jµ

nc(0)|i〉〈f |jσ
nc(0)|i〉∗

= −gµνW1 +
P µP ν

M2
i

W2 + i
ǫµνγδPγqδ

2M2
i

W3 +
qµqν

M2
i

W4 +
P µqν + P νqµ

2M2
i

W5 + i
P µqν − P νqµ

2M2
i

W6

(5.4)

de manera idéntica a la ec. (2.4), pero esta vez el operdador es la corriente neutra del nucleón:

jµ
nc = Ψuγ

µ(1− 8

3
sin2 θW −γ5)Ψu−Ψdγ

µ(1− 4

3
sin2 θW −γ5)Ψd−Ψsγ

µ(1− 4

3
sin2 θW −γ5)Ψs

(5.5)
con Ψu, Ψd y Ψs los campos de quarku, d y s respectivamente, yθW el ángulo de Weinberg
(sin2 θW = 0.231). Nótese que en el límite de neutrinos sin masa las funcionesde estructuraW4,5,6

no contribuyen a la sección eficaz. La sección eficaz para reacciones inducidas por antineutrinos
se obtiene cambiando el signo al término que induce violación de paridad,W3.

Siguiendo el esquema presentado en el cap. 2, calculamos la autoenergía del neutrino y la
expresamos en términos de la del bosón gaugeZ0 en el medio. Así obtenemos una expresión para
la componentes del tensor hadrónico

W µσ
s = −Θ(q0)

(
4 cos θW

g

)2 ∫
d3r

2π
Im [Πµσ

Z + Πσµ
Z ] (q ; ρ) , (5.6)

W µσ
a = −Θ(q0)

(
4 cos θW

g

)2 ∫
d3r

2π
Re [Πµσ

Z − Πσµ
Z ] (q ; ρ) (5.7)

que definenW µσ = W µσ
s + iW µσ

a .
El siguiente paso sería calcular la contribución de los distintos modos de absorción del bosón

Z0, véase Fig. 5.1, al tensor hadrónico.

5.2. Contribución cuasi-elástica aΠµν
Z (q ; ρ)

El bosónZ0 puede ser absorbido por un nucleón, como en el primer diagrama de la Fig. 5.1,
dando lugar a la respuesta QE para el caso de corrientes neutras. Para evaluar este diagrama el
único elemento que no ha sido ya introducido en capítulos anteriores es el vérticeZ0NN

〈N ;p′ = p + q|jα
nc(0)|N ;p〉 = ū(p′)(V α

N −Aα
N )u(p) (5.8)

dónde las corrientes vectorial y axial del nucleón vienen dadas por:

V α = 2 ×
[

FZ
1 (q2)γα + i

µZF
Z
2 (q2)

2M
σανqν

]

N

(5.9)

Aα =
[
GZ

A(q2)γαγ5 +GZ
P (q2)qαγ5

]

N
(5.10)
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Figura 5.1:Representación diagramatica de varios procesos que contribuyen a la auto-energía delZ0 en el medio
nuclear.

de nuevo asumiendo CVC y que no hay corrientes de segunda clase (invariancia bajo G-paridad).
Los factores de forma para corrientes neutras pueden expresarse como combinación lineal de

factores de forma

FZ
i =

(
1 − 2 sin2 θW

)
[

±F 3
i (q2) +

1

6
F 8

i (q2)

]

− 1

6
F 0

i (q2) (5.11)

con i = p, n, y que se corresponden con las corrientes vectoriales triplete, octete y singlete:
[
uγµu− dγµd

]
/2,

[
uγµu+ dγµd− 2sγµs

]
,
[
uγµu+ dγµd+ sγµs

]
. De esta manera podemos

relacionar estos factores de forma con los isovectorialesF V
1,2:

(
FZ

1

)p,n
= ±F V

1 − 2 sin2 θWF
p,n
1 − 1

2
F s

1 (5.12)

(
µZF

Z
2

)p,n
= ±µV F

V
2 − 2 sin2 θWµp,nF

p,n
2 − 1

2
µsF

s
2 , (5.13)
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dónde los factores de formaF s
1 y µsF

s
2 dan cuenta del contenido de extrañeza del nucleón. Algo

análogo puede hacerse para la parte axial

(
GZ

A,P

)p,n
= ±GA,P −Gs

A,P (5.14)

dóndeGA,P se corresponde con las corrientes de quark
[
uγµγ5u− dγµγ5d

]
/2 y el factor de forma

axial de extrañezaGs
A,P (q2) con la corrientesγµγ5s. La parte pseudoscalar no contribuye a la

sección eficaz diferencial para NC si despreciamos la masa del neutrino. Para los factores de forma
extraños asumimos la parametrización:

Gs
A(q2) =

gs
A

(1 − q2/(Ms
A)2)2

(5.15)

F s
1 (q2) = µsF

s
2 (q2) = 0 (5.16)

con gs
A = −0.15 y Ms

A = 1049 MeV, obtenidas en el análisis de [120]. La determinación expe-
rimental de estos factores de forma es especialmente complicada y necesita combinar resultados
de violación de paridad en dispersión de electrones polarizados y dispersión elástica de neutrinos.
En [121] se resume la actual situación de estos experimentos. Es interesante mencionar la propues-
ta de FINESSE [122] para medir este tipo de observables mediante dispersión de neutrinos del haz
de Booster en Fermilab.

Con estos elementos llegamos a una expresión análoga a la ec.(2.39) para corrientes neutras

W µν(q) = − 1

2M2

∫ ∞

0

dr r2

{

2Θ(q0)

∫
d3p

(2π)3

M

E(p)

M

E (p + q)

×
∑

N=n,p

Θ
(
kN

F (r) − |p|
)
Θ
(
|p + q| − kN

F (r)
)
(−π)

× δ
(
q0 + E (p) −E (p + q)

)
Aνµ

N (p, q)|p0=E(p)

}

(5.17)

donde el tensorAνµ está definido en sec. C.2.
No existe un umbral de energía (Q-value) para que se produzcan reacciones neutrino-núcleo

inclusivas inducidas por NC. Sin embargo, a la hora de estudiar observables semi-inclusivos es
necesario tener en cuenta la energía de separación de los nucleones, no sólo en procesos mediados
por NC si no también por CC. Tampoco existen efectos debidos adispersión Coulombiana del
leptón final.

Con respecto a la RPA el tratamiento es análogo al de CC. La mayor diferencia proviene del he-
cho de que ahora contribuyen también los canales isoscalares de la interacción efectiva (ec. (2.56)).
Por simplicidad hemos calculado la corrección RPA en un medio nuclear simétrico (igual densidad
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de protones y neutrones). De esta manera se obtiene una corrección

δW µν
RPA = − 1

2M2

∫ ∞

0

dr r2

{

2Θ(q0)

∫
d3p

(2π)3

M

E(p)

M

E(p + q)

× Θ(kF (r) − |p|)Θ(|p + q| − kF (r))(−π)

× δ(q0 + E(p) − E(p + q))δAνµ
RPA(p, q)p0=E(p)

}
(5.18)

que debe añadirse al tensor hadrónico de la ec. (5.17) para tener en cuenta los efectos de polariza-
ción del medio. Expresiones para las componentes00, 0z, zz, xx y xy del tensor hadrónico se dan
en la sec. (C.2). Es interesante hacer notar que los términosf0, f ′

0 y g0 no excitan la resonancia∆
de manera que sólo involucran la función de Lindhard de nucleónUN .

Por último los efectos debidos a la FSI se calculan tal y como hicimos en la subsec. 2.5.3. Como
ya vimos en la fig. 2.13 y se verá también en la fig. 5.3, podemos suponer que la parte imaginaria
de la autonergía del nucleónIm Σ es 0 en los estados de partícula. De esta manera estamos despre-
ciando la anchura del nucleón y sólo tenemos en cuenta el cambio en las relaciones de dispersión.
Esta aproximación es extremadamente buena y supone un considerable ahorro computacional, que
será imprescindible cuándo llevemos a cabo las simulaciones MC.

5.3. Resultados para reacciones inclusivas

En esta sección presentamos resultados para la sección eficaz QE para NC inducidas por neu-
trinos y antineutrinos, prestando especial atención a los efectos de medio nuclear. Los valores
numéricos de las energías de separaciónQp yQn para protones y nucleones se han tomado a partir
de los valores experimentales de las masas nucleares [67] y se muestran en tab. 5.1.

Núcleo Qp(AZ) Qn(AZ) Qp(AZ+1) Qn(AZ−1)
16O 12.127 15.663 −0.536 2.489
40Ar 12.528 9.869 7.582 5.830
40Ca 8.328 15.641 0.539 7.799
208Pb 8.008 9.001 3.707 3.790

Tabla 5.1: Energías experimentales de separaciónQp(n) de protones (neutrones) de los núcleos
relevantes en reacciones mediadas por corrientes neutras ycargadas inducidas por neutrinos y
antineutrinos. Damos valores en MeV.

En la Fig. 5.2 mostramos secciones eficaces integradas a energías bajas e intermedias. A ener-
gías mayores la producción de piones se vuelve relevante. Enesta figura podemos apreciar que la
simple consideración de efectos debidos al bloqueo de Pauliresulta relevante incluso a las energías
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más altas estudiadas. La inclusión de la polarización RPA también resulta importante, y produce
modificaciones muy significativas de la sección eficaz diferencial. Por otro lado, la magnitud de
este efecto depende débilmente del isospín y la masa atómica, y resulta más relevante en los nú-
cleos más pesados, como era de esperar. El efecto es similar al obtenido en procesos mediados por
CC, aunque aquí también exploremos las partes isoscalares de la interacción efectiva y el umbral
de energías sea distinto. La inclusión de efectos FSI no tiene grandes consecuencias en observables
integrados, como ya se puso de relevancia en el cap. 2.

Cómo ya hicimos para CC podemos recuperar fácilmente la expresión para la sección eficaz
neutrino-nucleón en el vacío con la intención de comparar con el límite de bajas densidades de
nuestro modelo y comprobar que se cumple el LDT (teorema de bajas densidades). La sección
eficaz del procesoνl +N → νl +N viene dada por

σνν =
G2

32π(s−M2)2

∫ 0

−(s−M2)2

s

dq2

{

q2

(

a1 +
s

2
a2 −

q2

2
a3

)

+ (s−M2)

(
s−M2

2
a2 − q2a3

)}

(5.19)
dóndes = (2E + M)M es la variable de Mandelstam y|k| = Eν es la energía del neutrino
incidente en el sistema LAB.q2 se relaciona con el ángulo de dispersiónθ′ del neutrino en LAB
medianteq2 = (k − k′)2 = −2|k||k′|(1 − cos θ′). La expresión para el proceso de antineutrinos
ν̄l + N → ν̄l + N se obtiene reemplazandoa3 por−a3. Las funcionesa1, a2 y a3 se definen en
ecs. (C.17)–(C.20). Las predicciones que se derivan del delLDT también se muestran en la figura.

En la fig. 5.3 mostramos el espectro de energías del neutrino saliente para dos energías del
neutrino incidente. Aunque este tipo de observables no seanaccesibles experimentalmente, son
útiles para poner de manifiesto el efecto de las correciones de medio nuclear. Los efectos son
similares a los encontrados en el cap. 2 para CC. La RPA reducela sección eficaz en casi todo
el rango de energías, aunque su efecto se debilita al aumentar la energía transferida al núcleo. La
inclusión de efectos de FSI ensancha el espectro y permite mayores transferencias de energía. La
mayor parte de este efecto se debe a la inclusión de la parte real de la auto-energía del nucleón,
como puede apreciarse en la figura.

En la Fig. 5.4 mostramos el cocienteσν/σν̄ en un par de núcleos y los comparamos con la
predicción para un nucleón libre. Los efectos no son demasiado relevantes, pero parecen aumentar
con la energía del neutrino y la masa del núcleo.

5.4. La simulación Monte Carlo

Hasta ahora hemos estudiado las secciones eficaces inclusivas inducidas por CC y NC. Hemos
obteniendo expresiones para la sección eficaz diferenciald2σ/dΩ′dE ′ del proceso de absorción
del bosónW± o Z0 por un nucleón (canal QE). Estas expresiones se obtienen tras realizar una
integral sobre todo el volumen del núcleo. De este modo para una transferencia fija de momento
qµ podemos seleccionar aleatoriamente el punto del núcleo donde se lleva a cabo dicha absorción
según una distribución de probabilidades con perfild5σ/dΩ′dE ′d3r.
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Figura 5.2:Sección eficaz de los procesosν(ν̄) + A → ν(ν̄) + X en función de la energía del neutrino incidente.
Cruces:(σν(ν̄)+p→ν(ν̄)+p + σν(ν̄)+n→ν(ν̄)+n)/2. Banda intermedia: se incluyen efectos de bloqueo de Pauli.Banda
inferior: Se incluyen efectos de bloqueo de Pauli y RPA. Las dos líneas sólidas de la banda inferior corresponden a
las predicciones del modelo completo (incluyendo FSI) para16O y 208Pb. Los paneles derecho e izquierdo presentan
resultados para neutrino y antineutrino, respectivamente.

A partir del punto donde tiene lugar la absorción, simulamosla trayectoria del nucleón emiti-
do mediante un método MC de manera que obtenemos secciones eficaces de los procesos semi-
inclusivos del tipo de la ec. (5.1).

5.4.1. Cinemática del nucleón emitido

Para simular la trayectoria del nucleón emitido al absorberel bosón gauge en un proceso QE
es preciso partir de la distribución de momentos del nucleón. Esto podría hacerse sin realizar la
integral sobre los momentosp de los nucleones del mar de Fermi, (véase p. ej. ec. (5.17)) yaque el
nucleón emitido tiene un momentop + q. Nosotros optamos en este trabajo por un procedimiento
alternativo: generar eventos aleatoriamente con un pesod5σ/dΩ′dE ′d3r. Así para cada evento en el
que un bosón de cuadrimomentoqµ es absorbido en un puntor del núcleo, elegimos aleatoriamente
un momentop por debajo del nivel de Fermi local,|p| < kF (r). El vectorp + q determina la
dirección del momento del nucleón emitido. Para obtener su energía imponemos conservación de
la energía. Para ello, en este punto y en el resto de la simulación asumiremos que el nucleón se
mueve en un gas de Fermi bajo un potencial atractivo igual a laenergía local de Fermi, y por lo
tanto:

Ẽ ′ = Ẽ(p) + q0 (5.20)

dóndeẼ(p) =
√

p2 +M2 − k2
F (r)/2M . Esta expresión nos proporciona el módulo del momento

del nucleón saliente

p′2 =

(

Ẽ ′ +
k2

F (r)

2M

)2

−M2 . (5.21)

Naturalmente, si|p′| < kF (r) la emisión del nucleón está bloqueada por el principio de Pauli, de
manera que no contribuye al proceso y debemos elegir otro momentop. Con respecto a la carga
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del nucleón esta se determina trivialmente en procesos mediados por CC: es un protón (neutrón)
en reacciones inducidas por (anti-)neutrinos; Para NC se elige de acuerdo con el peso relativo de
cada una de las dos contribuciones (protones y neutrones) a la sección eficaz.

5.4.2. Propagación del nucleón

La dinámica del nucleón en el medio nuclear está determinadapor un potencial óptico com-
plejo. La parte imaginaria de este potencial está relacionada con la probabilidad de que el nucleón
sufra una colisión cuasielástica con los nucleones del medio, de manera que se emitan nuevos nu-
cleones y el nucleón primario desaparezca del canal elástico2. Nuestra simulación MC tiene en
cuenta explícitamente estas colisiones, almacenando la información de todos los todos posibles
nucleones emitidos hasta que abandonen el núcleo. Para determinar las trayectorias (clásicas) de
los nucleones entre colisión y colisión usaremos la parte real del potencial. Así seguimos la trayec-
toria de todos los nucleones hasta que abandonan el núcleo. En ese momentokF = 0 y el nucleón
está en capa de masas.

Como ya se hiciera en [18,123] utilizaremos

V (r) = V∞ − E(r) = − k2
F

2M
= − 1

2M

[
3

2
π2 ρ(r)

]2/3

(5.22)

como la parte real del potencial nucleón-núcleo, que representa la interacción de un nucleón con
un potencial promedio generado por el resto de nucleones. Con esta elección aseguramos que la
energía total del nucleón emitido sea la diferencia entre suenergía cinética y la energía de Fermi,
k2

F/2M .
Con respecto a las colisiones, seguimos cada nucleón emitido desplazándolo una distanciad

de manera quePd ≪ 1, dóndeP es la probabilidad por unidad de longitud de tener una colisión
cuasielástica. Las nuevas posiciónr′ y momentop′ se obtienen a partir de:

r′ = r +
p

|p|d , (5.23)

p′ = p− ∂V

∂r

E(p)d

p

r

|r| (5.24)

que se deducen de la ecuaciones de Hamilton, o equivalentemente, de imponer conservación de
energía y momento angular.

En cada uno de estos pasos, nuestro código selecciona aleatoriamente, según las probabilidades
de reacción nucleón-nucleón de subsec. (5.4.3), si el nucleón colisiona o no. Si no hay colisión,
movemos el nucleón de nuevo. Si se produce una colisiónNN seleccionamos aleatoriamente un
nucleón del mar de Fermi y elegimos uncos θCM de acuerdo con la expresión ec. (5.25), dónde se
tienen en cuenta correciones de medio nuclear (polarización, bloqueo de Pauli y momento de los
nucleones en el mar de Fermi).

2A energías mayores a las aquí consideradas aparecen tambiéncanales de producción de piones.
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Este método supone una aproximación semiclásica al problema del transporte cuántico de
nucleones. La validez de esta aproximación para nucleones con una energía cinética mayor de
30 MeV fue establecida en [123]; para energías menores la aproximación semiclásica resulta defi-
ciente. Para que esta limitación no influya demasiado en nuestros resultados supondremos que los
nucleones con energías cinéticas por debajo de30 MeV no inducen más colisiones secundarias.
Por esto no mostraremos resultados para nucleones con energías cinéticas por debajo de30 MeV.

5.4.3. La interacción NN en el medio

Para calcular la probabilidad de interacción de un nucleón en el medio partimos de las secciones
eficaces NN en el vacío3. Estas secciones eficaces deben modificarse para dar cuenta de ciertos
efectos de medio nuclear. Para ello utilizamos (ver [123] para más detalles) la expresión:

σ̂N1N2 =

∫

dΩCM
dσN1N2

dΩCM

CT (q, ρ)Θ

(

κ− |P · pCM|
|P||pCM|

)

(5.25)

dóndepCM es el momento del nucleón en el sistema CM de los dos nucleones, P µ el cuadrimo-
mento total del sistemaNN en el sistema de referencia del núcleo en reposo ys = P 2 = (p1+p2)

2

la masa invariante al cuadrado del sistema de dos nucleonesN1 y N2. La funciónΘ, donde hemos
definido

κ = xΘ(1 − |x|) +
x

|x|Θ(|x| − 1) (5.26)

y

x =
P 0p0

CM − ǫF
√
s

|P||pCM|
(5.27)

introduce el efecto del bloqueo de Pauli.CT es el factor definido en C.13, que introduce efectos
de polarización en la interacción NN en el medio. De este modoel camino libre medioλ de un
nucleón en el medio viene dado por:

1

λ(N1)
= 4

∫
d3p2

(2π)3

[

Θ(kp
F (r) − |p2|)

Z

A
σ̂N1p(s) + Θ(kn

F (r) − |p2|)
(A− Z)

A
σ̂N1n(s)

] |plab
1 |

|p1|
(5.28)

El factor |p1|/|plab
1 | corrige la diferencia de flujo entre el sistema LAB y el sistema del nucleón.

5.5. Resultados

En esta sección presentamos resultados para reacciones de emisión de nucleones inducidos por
NC y CC de neutrinos y antineutrinos, enfatizando las correciones debidas a efectos de medio nu-
clear: bloqueo de Pauli, RPA, FSI yrescatteringde los nucleones emitidos. Por consistencia con

3Usamos la parametrización [123], que se construyó a partir de los datos experimentales de HERA en el CERN.
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los modelos usados al introducir ciertas correcciones usaremos cinemática no-relativista para los
nucleones. Los efectos de esta aproximación ya fueron estudiados en el cap. 2, donde comproba-
mos que eran pequeños en el rango de energías estudiado.

Espectro de nucleones en procesos mediados por CCEn la fig. 5.5 se muestra el espectro
de nucleones producidos en CC inducidas en argón por neutrinos y antineutrinos muónicos con
Eν = 500 MeV. Naturalmente los neutrinos interactúan mediante corrientes cargadas únicamente
con los neutrones del núcleo inicial produciendo protones;pero estos protones primarios pueden
colisionar con otros nucleones de manera que éstos últimos también sean eyectados. La princi-
pal consecuencia es un desplazamiento del espectro de protones hacia energías cinéticas meno-
res. Además aparece un número importante de nucleones secundarios de menor energía cinética,
algunos de ellos, neutrones. La reducción del flujo de protones salientes a altas energías puede
describirse adecuadamente con un modelo DWIA. Sin embargo,los demás efectos, en especial la
emisión de nucleones secundarios, no son descritos adecuadamente.

La emisión de nucleones secundarios es especialmente relevante en el caso de reacciones in-
ducidas por antineutrinos. En este caso el nucleón primario(un neutrón) es difícil de detectar. Sin
embargo, puede emitir protones como consecuencia delrescattering, de manera que si no se tienen
en cuenta estos efectos un suceso en el que se detecta un protón en coincidencia con un muón
podría ser fácilmente malinterpretado.

Espectro de nucleones en procesos mediados por NCLa distribución de energías de los nu-
cleones emitidos en el caso de NC se muestra en las figs. 5.6 y 5.7 para argón y oxígeno, respecti-
vamente. En ambos casos puede apreciarse el efecto importante delrescatteringde los nucleones.

Para neutrinos de500 MeV aparece una reducción de la respuesta a altas energías, pero se
aprecia que estos nucleones reaparecen en la parte de bajas energías del espectro. Para neutrinos
de 150 MeV el efecto es parecido aunque no se aprecie tanto debido alcorte que imponemos a
30 MeV. Cómo era de esperar el efecto es menor en núcleos más ligeros, cómo se ve en Fig. 5.7.
En todos los casos el espectro de protones y neutrones es parecido.

Nuestros resultados sin incluir elrescatteringpueden compararse con los de otros cálculos,
como los de [124, 125] y [126, 127]. En estos últimos, que usanpotenciales ópticos, el efecto
principal es reducir la sección eficaz en todo el espectro de energías, en lugar de desplazar la
respuesta a energías menores, en contraste con el efecto quenosotros hemos encontrado. También
es interesante señalar que los resultados del modelo de capas [125] son bastantes similares a nuestro
gas de Fermi.

Finalmente en Fig. 5.8 mostramos el efecto que sobre el espectro de nucleones tienen los efec-
tos de medio como la RPA y la parte real de la auto-energía del nucleón (FSI). Podemos ver que la
mayor reducción en la respuesta ocurre para los nucleones demenor energía.

Distribuciones angulares La distribución angular de los nucleones emitidos también se ve afec-
tada por los efectos derescattering. En el panel izquierdo de la fig. 5.9 mostramos los espectros de
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protones y neutrones para la reacciónνµ+
40Ar→ µ− + X. Por comparación también mostramos

los resultados para protones sinrescattering, dónde, como ya dijimos antes, no aparecen neutrones
en el estado final. Una vez tenido en cuenta elrescatteringde los nucleones la distribución apare-
ce menos picada hacia adelante. La distribución de neutrones es más plana incluso, ya que éstos
proceden únicamente de procesos secundarios y no del proceso primario neutrino-nucleón. Para
proceso mediados por NC (panel derecho de la fig. 5.9) la situación es más simétrica para protones
y neutrones, tal y como ocurre para los espectros de energía.

Distribuciones energía-ángulo En la fig. 5.10 se muestran resultados para secciones eficaces
doblemente diferenciales inducidas por NC y CC. Tres de los cuatro paneles comparten una ca-
racterística común con cálculos previos (ver p. ej. Fig. 1 de[124] y Fig. 5 de [125]): a ángulos de
dispersión pequeños existen dos picos, uno de ellos a bajas energías, que convergen en un sólo pico
para valores mayores del ángulo de dispersión. Como se mostró en [125], el uso de distribuciones
de momentos de nucleón obtenidas a partir de funciones de onda del modelo de capas produce
rasgos menos pronunciados que el gas de Fermi de [124].

De todas maneras nuestros resultados son incluso más suavesque los de [125] aunque nues-
tro modelo parte de un gas de Fermi en LDA. Ésto es debido a los fuertes efectos que produce
el rescatteringen la distribución de ángulos y energías; como puede apreciarse en el panel de
fig. 5.10(b), que muestra la distribución energía-ángulo para emisión de neutrones en el proceso
νµ+16O→ µ− + n + X. En este caso todos los neutrones provienen de colisiones secundarias
NN y se distribuyen por todo el espacio fásico disponible sinningún rasgo reseñable excepto la
acumulación a bajas energías.

Razones protón-neutron El cociente entre la distribución de protones y neutrones enreacciones
QE en principio depende del factor de forma de extrañeza del nucleón y en particular al parámetro
gs

A. Nuestros resultados en16O para este observable se muestran en la fig. 5.11. Para núcleos
ligeros y bajas energías encontramos resultados similaresa los de la referencia [128], donde se
incluyeron efectos RPA, o a los de [124]. El principal ingrediente adicional de nuestro modelo es
el rescatteringde nucleones. De todos modos esta corrección no es relevantepara núcleos ligeros
a bajas energías debido a la menor densidad promedio y a que lamayor parte de los nucleones
secundarios están por debajo de nuestro umbral de30 MeV.

La sensibilidad a efectos derescatteringes mayor en núcleos más pesados como40Ar y para
mayores energías del neutrino, véase fig. 5.12, donde se puede apreciar claramente la importancia
de los nucleones secundarios en la parte del espectro de bajas energías.
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Figura 5.3:Sección eficazdσ/dEν′ en función de la energía transferida al núcleo para dos energías distintas del
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Figura 5.5:Secciones eficaces para las reacciones40Ar(νµ, µ− + N) (paneles superiores) y40Ar(ν̄µ, µ+ + N)
(paneles inferiores) en función de la energía cinética del nucleón emitido con neutrinos incidentes de energíaEν = 500
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Figura 5.6:Secciones eficaces para corrientes neutras en40Ar(ν, N) a 500 MeV (paneles superiores) y150 MeV
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la línea sólida muestra resultados obtenidos con el modelo completo.
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Figura 5.7:Cómo Fig. 5.6 para oxígeno.
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Figura 5.8:dσ/dT ′

p para oxígeno aEν = 150 MeV en función de la energía cinética del protón final, para distintas
versiones de nuestro modelo, incluyendo o no efectos RPA y FSI. En todos los casos tenemos en cuenta elrescattering
de los nucleones emitidos mediante la simulación MC.
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Figura 5.10:Secciones eficacesd2σ/dΩdE con neutrinos incidentes de500 MeV para las reacciones indicadas.
Hemos usado el modelo nuclear completo incluyendorescattering.
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Capítulo 6

Estudio1 de las reacciones de producción de
pionesνl +N → l +N ′ + π y
νl +N → ν′l +N ′ + π

En los capítulos precedentes nos hemos centrado en el canal QE de la respuesta nuclear indu-
cida por neutrinos. Este proceso es dominante (ver fig. (1.1)) en la región de energías del neutrino
por debajo de 500 MeV. Sin embargo, en torno al GeV el canal de producción de un pión es com-
petitivo y debe ser tenido en cuenta. Por ejemplo para neutrinos atmosféricos, estudiados en el
detector de Kamioka, los procesos con un pión en el estado final resultan ser el20 % de los produ-
cidos por procesos QE. Además, los piones emitidos por corrientes neutras contribuyen al fondo
de las reacciones donde se producen leptones cargados en detectores Cerenkov. En concretoπ± y
µ± producen señales parecidas en los detectores Cerenkov, mientras que los dos fotones que cons-
tituyen la señal de unπ0 pueden confundirse con el anillo de radiación Cerenkov de electrones o
positrones. Más aún, la producción deπ0 en corrientes neutras puede jugar un papel importante a
la hora de distinguir [130] entre los mecanismos de oscilacionesνµ → ντ y νµ → νsterile.

El enfoque que estamos siguiendo en esta tesis para describir las reacciones nucleares se basa en
estudiar primero la reacción para nucleones libres, para a partir de la misma construir un modelo de
la reacción nuclear mediante técnicas de muchos cuerpos. Enla literatura generalmente se asume
el modelo de dominancia de la resonancia∆(1232) para reacciones de producción de un pión;
éste modelo supone que el pión proviene de la desintegraciónde una∆ que ha sido excitada por
el neutrino. Sin embargo, en los procesos de electroproducción de piones es bien conocido que
existen otros mecanismos que contribuyen a la producción depiones a bajas energías.

En este capítulo desarrollaremos un modelo para la reacción

νl(k) +N(p) → l(k′) +N ′(p′) + π(kπ) (6.1)

que incluya, además de la contribución de la resonancia∆, otros mecanismos no resonantes (fondo

1Este trabajo se basa en el trabajo [129].
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o background). Para ello partiremos de un modeloσ no-lineal [131] para piones y nucleones, que
implementa el patrón de rotura espontánea de la simetría quiral de QCD.

Como veremos, la inclusión de estos diagramas no resonantesda lugar a correcciones relevan-
tes al modelo de dominancia de la∆. Esto sugiere un reajuste de los parámetros para la transición
débilN∆.

6.1. Producción de piones en CC

6.1.1. Cinemática y sección eficaz

En esta sección damos expresiones generales para la seccióneficaz de la reacción

νl(k) +N(p) → l +N ′(p′) + π(kπ) . (6.2)

La generalización para reacciones inducidas por antineutrinos es obvia. Las variables cinemáticas
en el sistema de referencia en el que el nucleón está en reposo(LAB) se definen en la fig. 6.1. Los
momentos del neutrino inicialk y el leptón finalk′ definen el momento transferidoq = k− k′; el
momento del pión eskπ.

��
��
��

��
��
��

k

θ

kπ

θπ

Z

Xφπ

  Y

’

q

k’

Figura 6.1:Definición de las variables cinemáticas usadas.

En el estado final hay3×3 variables cinemáticas independientes. Si eliminamos cuatro hacien-
do uso de conservación de energía y momento tenemos cinco variables cinemáticas independientes.
Podemos elegir como variables independientes la energíaE ′ del leptón final y las direcciones del
pión y el leptón saliente2. Con estas definiciones y usando los mismos convenios que en el cap. 2
obtenemos la sección eficaz diferencial

d5σνll

dE ′dΩ(k̂′)dΩ(k̂π)
=

|k′|
|k|

G2

4π2

∫ +∞

0

d|kπ||kπ|2
Eπ

L(ν)
µσ (W µσ

CCπ)(ν) (6.3)

2Nótese como la simetría de rotación sobre el eje definido por la dirección del neutrino incidente hace que la
integral sobre ángulo azimutal del leptón saliente sea trivial.
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en términos del tensor leptónico de la ec. (2.3) y del tensor hadrónico

(W µσ
CCπ)(ν) =

1

4M

∑

spins

∫
d3p′

(2π)3

1

2E ′
N

δ4(p′ + kπ − q− p)〈N ′π|jµ
cc+(0)|N〉〈N ′π|jσ

cc+(0)|N〉∗ (6.4)

donde la barra sobre la sumatoria denota un promedio sobre los espines de las partículas inicia-
les y una suma sobre los espines de las finales. En este tensor existe una dependencia explíci-
ta enδ

(
p′0 + k0

π − q0 − p0
)

que se emplea para integrar sobre|kπ| en la ec. (6.3). La cantidad
∫
dΩπL

(ν)
µσ (W µσ

CCπ) es un escalar, de manera que podemos hacer unboosten la dirección del mo-
mento transferido (que define el eje Z) y referir la direccióndel piónk̂π en el sistema de referencia
donde el centro de masas del sistemaπN está en reposo (p′ + kπ = 0). Este procedimiento es
usual en el estudio de electroproducción de piones. Nótese como esta transformación de Lorentz
no cambia el valor del ángulo azimutal del piónφπ.

También es posible expresar la sección eficaz en término de las variables escalares de Man-
delstamW 2 ≡ (p′n + kπ)2 y t ≡ q2 = (k − k′)2

d3σa

dtdW
=

d3σa

dΩ(k̂′)dE ′
× πW

ME|k′| (6.5)

para CC (a = νl) y NC (a = νν). La ventaja de usar estas variables es que permite controlar
directamenteW , la masa invariante del sistemaπN , de manera que no entremos en la región en
que otras resonancias por encima de la∆, como la RoperN∗(1440), etc. son relevantes. Los límites
cinemáticos parat y W se pueden determinar de manera directa, véase p. ej. [132], obteniendo así

mπ +M ≤W ≤ √
s−ml (6.6)

con s ≡ (k + p)2. El umbral de energía del neutrino para producción de pionesesEν ≥ mπ +
ml +(mπ +ml)

2/2M . Para una masa invarianteW del sistemaπN determinada, la variablet debe
cumplir t− ≤ t ≤ t+, con

t± = m2
l −

1

2s

[(
s+m2

l −W 2
) (
s−m2

N

)
∓ λ1/2

(
s, 0,M2

)
λ1/2

(
s,m2

l ,W
2
)]

, (6.7)

dondeλ(x, y, z) = x2 + y2 + z2 −2xy−2xz−2yz. También es conveniente realizar las integrales
en t y W en orden inverso, de manera que para un valor fijo det es necesario conocer los límites
de integración3 enW :

Wmin ≡ M +mπ ≤W ≤ [s+ t−M2 −m2
l ] [−st+M2m2

l ]

[s−M2] [m2
l − t]

≡ Wmax(q
2) , (6.8)

donde para NC,ml = 0 y el rango total det viene dado portmin(W = mπ +M) ≤ t ≤ tmax(W =
mπ +M).

3Nótese que la fórmula equivalente en [133] contiene alguna errata.
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6.1.2. Relaciones de isospín

Las corrientes cargadas pueden escribirse como las componentes esféricas±1 de un operador
vectorial en el espacio de isospín. Así, si definimos

Ψq =

(
Ψu

Ψd

)

(6.9)

podemos escribir

Ψ̄uΓ
µΨd = −Ψ̄qΓ

µ τ
1
+1√
2
Ψq , (6.10)

Ψ̄dΓ
µΨu = Ψ̄qΓ

µ τ
1
−1√
2
Ψq (6.11)

dondeΓµ = cos θCγ
µ (1 − γ5), y las componentes esféricas deτ están definidas

τ 1
0 = τz , τ 1

±1 = ∓τx ± iτy√
2

(6.12)

a partir de sus componentes cartesianas. Haciendo uso de estas relaciones y del teorema de Wigner-
Eckart encontramos que todos los elementos de matriz〈N ′π|jµ

cc±(0)|N〉 para cualquier canal de
carga están completamente determinados por dos de ellos. Por ejemplo, si elegimos como elemen-
tos de matriz independientes〈pπ+|jµ

cc+(0)|p〉 y 〈nπ+|jµ
cc+(0)|n〉 tenemos

〈pπ0|jµ
cc+(0)|n〉 = − 1√

2

[
〈pπ+|jµ

cc+(0)|p〉 − 〈nπ+|jµ
cc+(0)|n〉

]
(6.13)

〈pπ−|jµ
cc−(0)|p〉 = 〈nπ+|jµ

cc+(0)|n〉 (6.14)

〈nπ−|jµ
cc−(0)|n〉 = 〈pπ+|jµ

cc+(0)|p〉 (6.15)

〈nπ0|jµ
cc−(0)|p〉 = −〈pπ0|jµ

cc+(0)|n〉 =
1√
2

[
〈pπ+|jµ

cc+(0)|p〉 − 〈nπ+|jµ
cc+(0)|n〉

]
(6.16)

que junto con la relaciónL(ν̄)
µσ = L

(ν)
σµ determinan todas los amplitudes relevantes para procesos de

producción de piones en CC, inducidos tanto por neutrinos como por antineutrinos.
También es posible relacionar la parte vectorial de estos elementos de matriz con los de la

corriente electromagnéticasµ
em(0)

sµ
em =

2

3
Ψ̄uγ

µΨu −
1

3
Ψ̄dγ

µΨd −
1

3
Ψ̄sγ

µΨs

=
1

6
Ψ̄qγ

µΨq −
1

3
Ψ̄sγ

µΨs +
1√
2
Ψ̄qγ

µ τ
1
0√
2
Ψq

(6.17)
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donde las dos primeros términos son operadores escalares deisospín y el último es la componente
0 del isovectorτ 1

0 . Así es fácil obtener

1

cos θC

〈pπ+|V µ
cc+(0)|p〉 =

√
2〈nπ0|sµ

em(0)|n〉 + 〈pπ−|sµ
em(0)|n〉 (6.18)

1

cos θC
〈nπ+|V µ

cc+(0)|n〉 =
√

2〈pπ0|sµ
em(0)|p〉 − 〈pπ−|sµ

em(0)|n〉 (6.19)

que relacionan la corriente vectorial y la electromagnética de manera análoga a la obtenida para
expresar los factores de forma de la reacción QE en función delos factores de forma electromag-
néticos del nucleón, ver ec. (2.30).

6.1.3. Modelo dinámico de la reacciónWN → N ′π

El modelo SU(2)σ no-lineal Para describir la interacción entre piones y nucleones usaremos un
lagrangiano efectivo que implementa el patrón de rotura espontánea de la simetría quiral de QCD:

LNπ = Ψ̄iγµ [∂µ + Vµ] Ψ −MΨ̄Ψ + gAΨ̄γµγ5AµΨ +
1

2
Tr
[
∂µU

†∂µU
]

(6.20)

dondeΨ =

(
p
n

)

es el campo del nucleón. Los camposVµ y Aµ vienen determinados por un

campo matricialξ construido según

Vµ =
1

2

(
ξ∂µξ

† + ξ†∂µξ
)
, (6.21)

Aµ =
i

2

(
ξ∂µξ

† − ξ†∂µξ
)

(6.22)

a partir del campo de pión4 φ. Los campos de pión son los bosones de Goldstone asociados a la
rotura espontánea de la simetría quiral SU(2)V×SU(2)A. El campo matricialξ queda determinado
por su relación conU , una matriz2 × 2 definida

U =
fπ√
2

exp
iτ · φ
fπ

=
fπ√

2
ξ2 (6.23)

confπ ≃ 93 MeV, la constante de desintegración del pión. El campo matricial

ξ = exp
iτ · φ
2fπ

(6.24)

se transforma bajo SU(2)V×SU(2)A según

ξ
SU(2)V−−−−→ TVξT

†
V , ξ

SU(2)A−−−−→ T †
AξΛ

† = ΛξT †
A (6.25)

4Usamos un convenio en el queφ ≡ (φx − iφy)/
√

2 crea unπ− o destruye unπ+ y la componenteφz crea o
destruye unπ0.
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dondeTV = exp(−iτ · θV)/2 y TA = exp(−iτ · θA)/2 son transformaciones globales pertene-
cientes a SU(2)V y SU(2)A, respectivamente. En cuanto aΛ = exp(−iτ · θΛ)/2, es una matriz
unitaria que depende de la transformación axialTA y de los campos bosónicos de Goldstoneφ.

Por otro lado el campo de nucleónΨ, transforma según

Ψ
SU(2)V−−−−→ TVΨ , Ψ

SU(2)A−−−−→ ΛΨ (6.26)

de manera que cada término del lagrangiano de la ec. (6.20) esinvariante por separado respecto
a transformaciones del grupo quiral SU(2)V×SU(2)A. Podemos por tanto tomar la constante de
acoplamiento axial entre piones y nucleonesgA 6= 1, respetando simetría quiral. Como ya hicimos
en el capítulo dedicado a la interacción QE usaremosgA = 1.26.

Podemos introducir términos que rompen la simetría SU(2)A del tipo:

m2
π

fπ

2
√

2
Tr(U + U † −

√
2fπ) (6.27)

para dar masa a los piones. Añadiendo este término a la ec. (6.20) obtenemos una expresión para
el lagrangiano efectivo

L = Ψ̄[i /∂ −M ]Ψ +
1

2
∂µφ∂µφ − 1

2
m2

πφ
2 + Lσ

int (6.28)

donde

Lσ
int =

gA

fπ

Ψ̄γµγ5
τ

2
(∂µφ)Ψ− 1

4f 2
π

Ψ̄γµτ (φ × ∂µφ)Ψ− gA

6f 3
π

Ψ̄γµγ5

[

φ2τ

2
∂µφ − (φ∂µφ)

τ

2
φ
]

Ψ

+
m2

π

24f 2
π

(φ2)2 − 1

6f 2
π

(
φ2∂µφ∂µφ − (φ∂µφ)(φ∂µφ)

)
+ O(1/f 4

π) (6.29)

y se han despreciado términos de ordenO(1/f 4
π). Podemos ver que el acoplamientoNπ es de tipo

pseudovector. Si redefinimos la constante de acoplamiento en la manera usualgπNN/2M = f/mπ,
llegamos a

f =
mπ

2fπ
gA (6.30)

y recuperamos la relación Goldberger-Treiman [31] que ya introdujimos en la ec. (2.34).
Para obtener las corrientes vector y axial asociadas a este lagrangiano haremos uso del teorema

de Nöther (ver p. ej. [107]). Por tanto necesitamos las expresiones para las transformaciones de los
camposΨ y φ bajo rotaciones SU(2)V y SU(2)A. Si partimos de ec. (6.25) llegamos a:

τ · θΛ =
φ × τ

2fπ
θA + O(1/f 3

π) (6.31)

δφ
SU(2)V= θV × φ + O(1/f 3

π) , δφ
SU(2)A= fπθA +

φ (φ · θA) − θAφ2

3fπ

+ O
(
1/f 3

π

)
(6.32)

114



δΨ
SU(2)V= −iτ · θV

2
Ψ , δΨ

SU(2)A= −i(φ × τ ) · θA

4fΠ

Ψ + O
(
1/f 3

π

)
(6.33)

dondeδφ y δΨ denotan variaciones infinitesimales de los campos. A partirde estas transforma-
ciones y del lagrangiano de la ec. (2.16) llegamos a las siguientes expresiones para las corrientes
vector y axial:

Vµ =

V
µ
a

︷ ︸︸ ︷

φ × ∂µφ +

V
µ
b

︷ ︸︸ ︷

Ψ̄γµ τ

2
Ψ +

V
µ
c

︷ ︸︸ ︷
gA

2fπ

Ψ̄γµγ5(φ × τ )Ψ

− 1

4f 2
π

Ψ̄γµ
[
τφ2 − φ(τ · φ)

]
Ψ − φ2

3f 2
π

(φ × ∂µφ)

︸ ︷︷ ︸

V
µ
d

+O(
1

f 3
π

) (6.34)

Aµ =

A
µ
a

︷ ︸︸ ︷

fπ∂
µφ +

A
µ
b

︷ ︸︸ ︷

gAΨ̄γµγ5
τ

2
Ψ+

A
µ
c

︷ ︸︸ ︷

1

2fπ
Ψ̄γµ(φ × τ )Ψ

+
2

3fπ

[
φ(φ · ∂µφ) − φ 2∂µφ

]
− gA

4f 2
π

Ψ̄γµγ5

[
τφ 2 − φ(τ · φ)

]
Ψ

︸ ︷︷ ︸

A
µ
d

+O(
1

f 3
π

) (6.35)

que determinan el vértice débil de absorción del bosón-W . De esta manera y salvo factores de
normalización, las ecs. (6.34) y (6.35) definen la realización de la corriente electrodébiljµ

cc para un
sistema de piones y nucleones. Cada término de estas corrientes está relacionado con un proceso
físico:Aµ

a y Vµ
a con la desintegración del bosónW a uno o dos piones, respectivamente;A

µ
b y V

µ
b

proporcionan los acoplamientos vector y axialWNN ; Aµ
c y Vµ

c dan lugar a términos de contacto
WNNπ. Finalmente,Aµ

d y V
µ
d contribuyen a procesos con más de un pión en el estado final e

introducen correcciones, diagramas con unloop, en procesos con un sólo pión en el estado final.
Para fijar la normalización global de las corrientes exigimos consistencia con las corrientes vector
y axial de nucleón que definimos en ecs. (2.27) y (2.28)

〈p;p′ = p + q|jα
cc+(0)|n;p〉 = cos θC ū(p′) [V α

N (q) −Aα
N (q)] u(p) (6.36)

donde

V α
N (q) = 2 ×

[

F V
1 (q2)γα + iµV

F V
2 (q2)

2M
σανqν

]

, (6.37)

Aα
N (q) = GA(q2) ×

[

γαγ5 +
/q

m2
π − q2

qαγ5

]

(6.38)
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con normalización idénticas a las usadas en capítulos anteriores. Nótese que en la parte axial hemos
sustituido2M por /q en el término pseudoscalar de la ec. (2.29), para asegurar PCAC en el caso de
que el nucleón no esté en capa de masas. Así es fácil ver como lacomponente esférica+1

[Aµ
b ]+1 = − [Aµ

b ]x + i[Aµ
b ]y√

2
(6.39)

deA
µ
b nos da la contribución axial, enq2 = 0, de la transición débilW+n→ p, salvo una constante

global−
√

2 cos θC . Además,−
√

2[Aµ
a ]+1 y el acoplamientoπNN enLσ

int dan lugar al término
qµγ5 en ec. (6.38). Del mismo modo vemos como la corriente−

√
2 cos θC [V µ

b ]+1 proporciona el
término de Dirac en la parte vectorial, paraq2 = 0, de la transición débilW+n→ p. De la anterior
discusión concluimos que

−
√

2 cos θC

(
[V µ]+1 − [Aµ]+1

)
(6.40)

proporciona el vértice de absorciónW+ en el elemento de matriz〈N ′π|jµ
cc+(0)|N〉, correctamente

normalizado.
La parte magnética en ec. (6.37) no es generada por este lagrangiano, que supone que nucleones

y piones son partículas puntuales. Por lo tanto, mejoramos el modelo incluyendo la dependencia
en q2 de los factores de forma de ec. (2.28) y añadiendo el término magnéticoF V

2 al vértice de
absorción delW+. Para los factores de forma utilizaremos las mismas parametrizaciones que en la
sec. 2.3.

Los vérticesWN∆ y ∆Nπ A energías intermedias, la excitación de la resonancia∆(1232)
domina las reacciones de producción de piones inducidas porneutrinos. Para estudiar esta reacción
es preciso por tanto incluir explícitamente la contribución de la resonancia∆. El vérticeWN∆
puede parametrizarse (véase [134]5) en términos de

〈∆+; p∆ = p+ q|jµ
cc+(0)|n; p〉 = ūα(p∆)Γαµ (p, q) u(p ) cos θC , (6.41)

donde

Γαµ(p, q) =

[
CV

3

M
(gαµ /q − qαγµ) +

CV
4

M2
(gαµq · p∆ − qαpµ

∆) +
CV

5

M2
(gαµq · p− qαpµ) + CV

6 g
µα

]

γ5

+

[
CA

3

M
(gαµ /q − qαγµ) +

CA
4

M2
(gαµq · p∆ − qαpµ

∆) + CA
5 g

αµ +
CA

6

M2
qµqα

]

(6.42)

con p∆ = p + q. Los factores de formaCV
3,4,5,6 y CA

3,4,5,6 son escalares Lorentz dependientes de
q2 y son reales si asumimos invariancia bajo inversión temporal. u

α(p) es el espinor de Rarita-
Schwinger [136] para la∆+.

5En esta referencia el signo deCA
5 (0) aparece cambiado, véase el comentario en [135].
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El vérticeN∆π viene dado por

LπN∆ =
f ∗

mπ

Ψ̄µT
†(∂µφ)Ψ + h.c. , (6.43)

dondeΨµ es un campo de Rarita-Schwinger para camposJπ = 3/2+, T† es el operador6 de tran-
sición entre estados de isospín 1/2 y 3/2 yf ∗ = 2.13f . Si imponemos la relación de Goldberger-
Treiman llegamos a

CA
5 (0) =

√

2

3

fπ

mπ
f ∗ ∼ 1.15 (6.44)

que da lugar a la contribución dominante en el diagrama del polo de la∆.
ParaGµν(p∆), el propagador de la∆ en el espacio de momentos, usaremos la expresión

Gµν(p∆) =
P µν(p∆)

p2
∆ −M2

∆ + iM∆Γ∆

(6.45)

conM∆ la masa de la resonancia en el pico (∼ 1232 MeV),P µν el operador de proyección sobre las
componentes de espín 3/2 yΓ∆ la anchura de la∆ en reposo. Hemos utilizado para el propagador
de la∆ la expresión de [137]:

P µν(p∆) = −( /p∆ +M∆)

[

gµν − 1

3
γµγν − 2

3

pµ
∆p

ν
∆

M2
∆

+
1

3

pµ
∆γ

ν − pν
∆γ

µ

M∆

]

(6.46)

que reproduce la forma correcta en el límite no-relativista. Existen expresiones alternativas para
el proyector, pero de todas maneras las discrepancias sólo son relevantes lejos del pico, donde la
resonancia desempeña un papel poco relevante.

Para la anchuraΓ∆, utilizaremos la expresión de [52], obtenida a partir del lagrangiano de
ec. (6.43) teniendo en cuenta correcciones relativistas

Γ∆(s) =
1

6π

(
f ∗

mπ

)2
M√
s

[

λ
1
2 (s,m2

π,M
2)

2
√
s

]3

Θ(
√
s−M −mπ) (6.47)

que reproduce correctamente la depencia en el momento angularΓ ∼ p2l
π .

Imponiendo conservación de la corriente vectorial se obtieneC6
V = 0. Los otros tres factores

de forma vectoriales suelen estudiarse mediante el análisis de los multipolos de las amplitudes de
foto y electroproducción de piones en la región de la∆. La mayoría de estos estudios asumen
dominancia del dipolo magnéticoM1+, lo que lleva aCV

5 = 0, y alguna relación entreCV
4 y CV

3 .
Recientemente, en el trabajo [138] se relajó esta condicióny se incluyó el efecto de los multipolos

6Este operador es un vector bajo rotaciones de isospín y en nuestro convenio está definido de manera que su
elemento de matriz irreducible es 1.
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subdominantes7:

CV
3 =

2.13

(1 − q2/M2
V )2

× 1

1 − q2/4M2
V

, (6.48)

CV
4 =

−1.51

(1 − q2/M2
V )2

× 1

1 − q2/4M2
V

, (6.49)

CV
5 =

0.48

(1 − q2/M2
V )2

× 1

1 − q2/0.776M2
V

(6.50)

conMV = 0.84 GeV, que será la parametrización que adoptemos. En la parte axial el término
dominante esC5

A que puede relacionarse con el factor de forma pseudoescalarC6
A mediante la

hipótesis de PCAC. Como la teoría no impone más restricciones, es necesario realizar un ajuste
paraCA

3 (q2), CA
4 (q2) y CA

5 (q2)/CA
5 (0). Los datos experimentales disponibles provienen de dos

antiguos experimentos de cámara de burbujas, ANL [140, 141]y BNL [79, 142]. Para simplificar
el análisis se suele suponer

CA
4 (q2) = −C

A
5 (q2)

4
, (6.51)

CA
3 (q2) = 0 (6.52)

como se deduce del modelo de Adler [143]. La contribución deC4
A es pequeña yCA

3 = 0 es compa-
tible con los cálculos de dispersión [143,144]. De esta manera en [133] se usó una parametrización

CA
5 (q2) =

1.2

(1 − q2/M2
A∆)2

× 1

1 − (q2/3M2
A∆)

, (6.53)

CA
6 (q2) = CA

5 (q2)
M2

m2
π − q2

(6.54)

conMA∆ = 1.05. Hacemos notar que la contribución deCA
6 es proporcional a la masa del leptón

saliente.
Para los demás canales de isospín usamos el teorema de Wigner-Eckart y para evaluar el vértice

W∆ → N utilizamos

〈N ; p′|jµ
cc+(0)|∆; p∆ = p′ − q〉 = 〈∆; p∆ = p′ − q|jµ

cc−(0)|N ; p′〉∗

= −(1
2
, 1, 3

2
|tN ,−1, t∆)

(1
2
, 1, 3

2
| − 1

2
, 1, 1

2
)
{ūα(p∆)Γαµ (p′,−q) u(p′) cos θC}∗ (6.55)

con (t1, t2, t|m1, m2, m) coeficientes de Clebsch-Gordan ytN y t∆ las terceras componentes de
isospín del nucleón y la∆ respectivamente.

7Recientes datos experimentales muestran una contribucióndel dipolo eléctricoE1+/M1+ ∼ −2.5 % y del mul-
tipolo escalarS1+/M1+ ∼ −2.5 % [139].
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6.1.4. Las amplitudes〈pπ+|jµ
cc+(0)|p〉 y 〈nπ+|jµ

cc+(0)|n〉
En esta subsección usaremos el modelo desarrollado en la subsec. 6.1.3 para encontrar las

amplitudes〈pπ+|jµ
cc+(0)|p〉 y 〈nπ+|jµ

cc+(0)|n〉, que denotaremos como(jµ
cc+)pπ+ y (jµ

cc+)nπ+. Las
amplitudes〈N ′π|jµ

cc±(0)|N〉 para los demás canales pueden obtenerse a partir de las relaciones de
la subsec. 6.1.2.

Utilizando las corrientes definidas en las ecs. (6.34), (6.35) y los vérticesπNN , ππNN (ec. (6.29))
y πN∆ (ec. (6.43)) obtenemos los siete diagramas de Feynman de la fig. 6.2.

Para asegurar que mantenemos conservación de la corriente vectorial una vez incluida la de-
pendencia conq2 en los factores de forma de DiracF V

1 de la parte vectorial del vérticeWNN
hemos incluido factores de formaFPF (q2) y F V

CT (q2) en los operadoresV µ
a y V µ

c . De esta ma-
nera tenemos en cuenta, aunque sea parcialmente, la estructura del nucleón. No hemos incluido
correcciones de orden superior en el desarrollo quiral.

Nuestro modelo es una extensión para el sector axial del utilizado en [17] para estudiar la
reaccióneN → e′Nπ, que a su vez se basaba en el modelo desarrollado en [145], aunque existen
algunas diferencias relacionadas con los factores de formay la reducción no-relativista que se
realizó en [17].

Obtenemos las siguientes amplitudes

jµ
cc+

∣
∣
∣
∆P

= iC∆ f ∗

mπ

√
3 cos θC

kα
π

p2
∆ −M2

∆ + iM∆Γ∆
ū(p′)Pαβ(p∆)Γβµ(p, q)u(p)

jµ
cc+

∣
∣
∣
C∆P

= iCC∆ f ∗

mπ

1√
3

cos θC
kβ

π

p2
∆ −M2

∆ + iM∆Γ∆
ū(p′)Γ̂µα(p′, q)Pαβ(p′∆)u(p)

jµ
cc+

∣
∣
∣
NP

= −iCNP gA√
2fπ

cos θC ū(p′) /kπγ5
/p+ /q +M

(p+ q)2 −M2 + iǫ
[V µ

N (q) − Aµ
N(q)] u(p) ,

jµ
cc+

∣
∣
∣
CNP

= −iCCNP gA√
2fπ

cos θC ū(p′) [V µ
N (q) −Aµ

N (q)]
/p′ − /q +M

(p′ − q)2 −M2 + iǫ
/kπγ5u(p) ,

jµ
cc+

∣
∣
∣
CT

= −iCCT 1√
2fπ

cos θC ū(p′)γµ
(
gAF

V
CT (q2)γ5 − Fρ

(
(q − kπ)2

))
u(p) ,

jµ
cc+

∣
∣
∣
PP

= −iCPPFρ

(
(q − kπ)2

) 1√
2fπ

cos θC
qµ

q2 −m2
π

ū(p′) /qu(p) ,

jµ
cc+

∣
∣
∣
PF

= −iCPFFPF (q2)
gA√
2fπ

cos θC
(2kπ − q)µ

(kπ − q)2 −m2
π

2M ū(p′)γ5u(p) ,

(6.56)

donde hemos definidop∆ = p+q, p′∆ = p′−q y Γ̂µα(p′, q) = γ0 [Γαµ (p′,−q)]† γ0. Los coeficientes
C∆, CC∆, CNP , CCNP , CCT , CPP y CPF son factores dependientes del canal que se definen en
la tab. 6.1.

Es interesante hacer notar que en el término de pión en vuelo (pion in flightPF) y polo de pión
(pion polePP) la transición débil es puramente vectorial (axial). La contribución proporcional agA
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W+p→ pπ+ W+n→ nπ+

C∆ 1 1/3
CC∆ 1 3
CNP 0 1
CCNP 1 0
CCT 1 −1
CPP 1 −1
CPF 1 −1

Tabla 6.1:Factores de isospín que aparecen en la ec. (6.56)

en el diagrama CT proviene de la transición vectorial. Imponemos

FPF (q2) = F V
CT (q2) = 2F V

1 (q2) = F p
1 − F n

1 (6.57)

para preservar CVC. Además, hemos añadido un factor de forma

Fρ(t) =
1

1 − t/m2
ρ

(6.58)

en el término PP para tener en cuenta la dominancia del mesón vectorialρ (mρ = 0.7758 GeV) en el
acoplamientoππNN . Para preservar PCAC es necesario incluir el mismo factor enla contribución
axial a CT.

En el término de pión en vuelo (PF ) hay un acoplamientoπNN con un pión virtual. Usual-
mente se incluye un factor de forma para tener en cuenta que elpión puede no estar en capa de
masas. Para preservar CVC sería necesario multiplicar por el mismo factor el término CT y la parte
deF V

1 en los términos de polo de nucleón NP y CNP. Este fue el esquemaadoptado en [17] para
estudiar la reaccióneN → e′Nπ, donde se vio que los cambios eran moderadamente pequeños.
En el caso de producción débil hay mayores fuentes de error8 y las mediciones experimentales
son más pobres que en el caso de electroproducción de manera que no hemos introducido esta
corrección.

6.2. Producción de piones en NC

La sección eficaz diferencial para la producción de piones por neutrinos sobre el nucleón me-
diadas por corrientes neutras

νl(k) +N(p) → νl(k
′) +N(p′) + π(kπ) (6.59)

8Factores de forma de la∆, efectosoff shelldel pión en el diagrama PP,. . .

120



viene dada por

d5σνν

dΩ(k̂′)dE ′dΩ(k̂π)
=

|k′|
|k|

G2

16π2

∫ +∞

0

d|kπ||k2
π|

Eπ
L(ν)

µσ (W µσ
NCπ)

(ν) (6.60)

donde estamos usando una cinemática idéntica que en el caso de CC. El tensor leptónico es ahora
ortogonal al momento transferidoqµ, esto es,Lµσq

µ = Lµσq
σ = 0. La principal diferencia proviene

de la definición del tensor hadrónico

(W µσ
NCπ)(ν) =

1

4M

∑

spins

∫
d3p′

(2π)3

1

2E ′
N

δ4(p′ + kπ − q − p)〈N ′π|jµ
nc(0)|N〉〈N ′π|jσ

nc(0)|N〉∗ (6.61)

donde ahora la corriente neutra a nivel de quark es

jµ
nc = Ψ̄uγ

µ(1 − 8

3
sin2 θW − γ5)Ψu − Ψ̄dγ

µ(1 − 4

3
sin2 θW − γ5)Ψd − Ψ̄sγ

µ(1 − 4

3
sin2 θW − γ5)Ψs

= Ψ̄qγ
µ(1 − γ5)τ

1
0 Ψq − 4 sin2 θW s

µ
em − Ψ̄sγ

µ(1 − γ5)Ψs

(6.62)

conθW el ángulo de Weinberg,sin2 θW = 0.231. Es obvio que

(W µσ
NCπ)(ν̄) = (W µσ

NCπ)(ν) , (6.63)

de manera que la única diferencia entre la reacción inducidapor ν y ν̄ proviene de las diferencias
en el tensor leptónico.

La corriente neutra de la ec. (6.62) puede escribirse

jµ
nc = Ψ̄qγ

µ(1 − 2 sin2 θW − γ5)τ
1
0 Ψq − 4 sin2 θW s

µ
em,IS − Ψ̄sγ

µ(1 − γ5)Ψs (6.64)

en términos de

sµ
em,IS =

1

6
Ψ̄qγ

µΨq −
1

3
Ψ̄sγ

µΨs , (6.65)

que es la llamada corriente electromagnética isoscalar.
La simetría de isospín relaciona los elementos de matriz de la parte isovectorial (términoτ 1

0 )
de la corrientejµ

nc con las partes vectorV µ
cc+ y axialAµ

cc+ de la corrientejµ
cc+ = V µ

cc+ −Aµ
cc+,

〈pπ0
∣
∣Ψ̄qγ

µ
(
1 − 2 sin2 θW − γ5

)
τ 1
0 Ψq

∣
∣p〉 =

1√
2 cos θC

×
{(

1 − 2 sin2 θW

) [
〈pπ+|V µ

cc+|p〉 + 〈nπ+|V µ
cc+|n〉

]
−
[
〈pπ+|Aµ

cc+|p〉 + 〈nπ+|Aµ
cc+|n〉

] }

(6.66)
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〈nπ+
∣
∣Ψ̄qγ

µ
(
1 − 2 sin2 θW − γ5

)
τ 1
0 Ψq

∣
∣p〉 = − 1

cos θC

×
{(

1 − 2 sin2 θW

) [
〈pπ+|V µ

cc+|p〉 − 〈nπ+|V µ
cc+|n〉

]
−
[
〈pπ+|Aµ

cc+|p〉 − 〈nπ+|Aµ
cc+|n〉

] }

(6.67)

〈nπ0
∣
∣Ψ̄qγ

µ
(
1 − 2 sin2 θW − γ5

)
τ 1
0 Ψq

∣
∣n〉 = 〈pπ0

∣
∣Ψ̄qγ

µ
(
1 − 2 sin2 θW − γ5

)
τ 1
0 Ψq

∣
∣p〉 (6.68)

〈pπ−
∣
∣Ψ̄qγ

µ
(
1 − 2 sin2 θW − γ5

)
τ 1
0 Ψq

∣
∣n〉 = −〈nπ+

∣
∣Ψ̄qγ

µ
(
1 − 2 sin2 θW − γ5

)
τ 1
0 Ψq

∣
∣p〉 (6.69)

mientras que para la parte isoscalar de la corriente electromagnética tenemos

〈nπ+
∣
∣sµ

em,IS

∣
∣p〉 = 〈pπ−

∣
∣sµ

em,IS

∣
∣n〉 =

√
2〈pπ0

∣
∣sµ

em,IS

∣
∣p〉 = −

√
2〈nπ0

∣
∣sµ

em,IS

∣
∣n〉 (6.70)

con

〈pπ0
∣
∣sµ

em,IS

∣
∣p〉 = −〈nπ0|sµ

em|n〉 − 〈pπ0|sµ
em|p〉

2
. (6.71)

Para calcular〈Nπ0|sµ
em(0)|N〉, derivamos la corriente electromagnética asociada al lagran-

giano SU(2) de la ec. (6.28)

sµ
em = Ψ̄γµ

(
1 + τz

2

)

Ψ +
igA

2fπ
Ψ̄γµγ5

(
τ 1
−1φ

† + τ 1
+1φ
)
Ψ + i

(
φ†∂µφ− φ∂µφ†

)
+ · · · (6.72)

donde sólo nos hemos quedado con los términos que contribuyen a la producción de un pión en
ausencia de correcciones quirales de orden superior. De esta manera nuestro modelo paraγN →
πN consistiría en términos directo y cruzado de nucleón, contacto y pión en vuelo. Como hicimos
para CC complementamos dicho modelo con

1. la dependencia enq2 inducida por los factores de forma de DiracF p,n
1 ,

2. la contribución magnética al vérticeγNN y

3. los diagramas directo y cruzado del polo de la∆(1232) [17].

La ∆ no contribuye a los términos isoscalares de la corriente. Además, de la ec. (6.72) se ve que ni
el término de pión en vuelo ni el de contacto contribuyen a la fotoproducción deπ0. Para calcular
〈nπ0|sµ

em(0)|n〉−〈pπ0|sµ
em(0)|p〉, nos basta por tanto con los términos directo y cruzado de nucleón

〈nπ0|sµ
em|n〉 − 〈pπ0|sµ

em|p〉
2

= i
gA

2fπ

× ū(p′) ×
{

/kπγ5
/p+ /q +M

(p+ q)2 −M2 + iǫ

[

F IS
1 (q2)γµ + iµIS

F IS
2 (q2)

2M
σµνqν

]

+

[

F IS
1 (q2)γµ + iµIS

F IS
2 (q2)

2M
σµνqν

]
/p′ − /q +M

(p′ − q)2 −M2 + iǫ
/kπγ5

}

u(p) (6.73)

122



con

F IS
1 (q2) =

1

2

[
F p

1 (q2) + F n
1 (q2)

]
, (6.74)

µISF
IS
2 (q2) =

1

2

[
µpF

p
2 (q2) + µnF

n
2 (q2)

]
(6.75)

los factores de forma isoscalares del nucleón.
Finalmente prestaremos atención a los elementos de matriz isoscalares correspondientes al

operadorΨ̄sγ
µ(1 − γ5)Ψs que son sensibles al contenido extraño de los hadrones. Debido a su

contenido isoscalar tenemos

〈nπ+
∣
∣
(
Ψ̄sγ

µ(1 − γ5)Ψs

) ∣
∣p〉 = 〈pπ−

∣
∣
(
Ψ̄sγ

µ(1 − γ5)Ψs

) ∣
∣n〉

=
√

2〈pπ0
∣
∣
(
Ψ̄sγ

µ(1 − γ5)Ψs

) ∣
∣p〉 = −

√
2〈nπ0

∣
∣
(
Ψ̄sγ

µ(1 − γ5)Ψs

) ∣
∣n〉 , (6.76)

para los que la contribución de la resonancia∆ y de términos generados por la transiciónZ0 → π
se anula. Por ello, y asumiendo un modelo para la reacciónZ0N → N ′π similar al de la reacción
CC, deberíamos considerar las contribuciones del polo de nucleón directo y cruzado, el término de
contacto y los términos de pión en vuelo a los elementos de matriz del operador̄Ψsγ

µ(1 − γ5)Ψs.
La contribución de los dos primeros términos es

〈pπ0
∣
∣
(
Ψ̄sγ

µ(1 − γ5)Ψs

)
(0)
∣
∣p〉 = −i gA

2fπ

× ū(p′)

{

/kπγ5
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A(q2)γµγ5 −Gs
P q

µγ5
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+
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F s
1 (q2)γµ + iµs

F s
2 (q2)

2M
σµνqν −Gs

A(q2)γµγ5 −Gs
P q

µγ5

]
/p′ − /q +M

(p′ − q)2 −M2 + iǫ
/kπγ5

}

u(p)

(6.77)

dondeF s
1 , µsF

s
2 , Gs

A andGs
P son los factores de forma extraños que ya definimos en sec. 5.2. La

parte pseudoscalar de la corriente no contribuye a NC para neutrinos sin masa y para el resto de
los factores de forma usaremos el fit II de la referencia [120](ver ecs. (5.15) y (5.16)) como ya
hicieramos en sec. 5.2.

La parte vectorial de ec. (6.77) se conserva (es ortogonal aqµ) independientemente deF s
1 . Por

argumentos de conservación de paridad y momento angular un diagrama del tipo pión en vuelo
sólo puede contribuir a la parte vectorial del elemento de matriz del operador̄Ψsγ

µ(1 − γ5)Ψs y
su contribución debe ser proporcional a(2kπ − q)µ

ū(p′)γ5u(p), como en la ec. (6.56). Suponiendo
una estructura del tipōu(p′)γ5γ

µu(p) como en el término de contacto de la ec. (6.56) para la parte
vector de la contribución dēΨsγ

µ(1 − γ5)Ψs, podemos concluir que ambas contribuciones deben
de anularse para asegurar CVC. Por último, dentro de nuestroesquema no es posible descartar una
posible contribución axial al término de contacto de〈pπ0

∣
∣Ψ̄sγ

µ(1 − γ5)Ψs

∣
∣p〉 que, por sencillez,

despreciaremos. De esta manera podemos asumir que el de matriz 〈pπ0
∣
∣Ψ̄sγ

µ(1 − γ5)Ψs

∣
∣p〉 está

determinado por las contribuciones de la ec. (6.77).

123



6.3. Resultados

En esta sección mostraremos resultados para secciones eficaces diferenciales e integradas de
reacciones de producción de un pión en nucleones mediadas por CC y NC e inducidas por neu-
trinos y antineutrinos. Como es usual en la literatura trabajaremos en el sistema de referencia CM
del sistemaπN saliente para definir las variables angulares del pión y en LAB para definir la
cinemática de los leptones.

En la mayor parte de nuestros análisis nos restringiremos alestudio de la región cinemática
W ≤ 1.4 GeV para la masa invariante del sistemaπN . De esta manera no necesitamos tener en
cuenta resonancias con masas superiores a la de la∆, en particular la RoperP11(1440),D13(1520)
y S11(1535) [138]. Además, para masas invariantes superiores, la expansión quiral, utilizada para
determinar las contribuciones no resonantes,no funciona oal menos sería necesario incluir órdenes
superiores del desarrollo, [146–148]. De esta manera limitamos el espacio fásico disponible para
la reacción. Para una energía del neutrino dada, esta reducción puede ser más o menos relevante a
la hora de describir secciones eficaces integradas, (ver fig.6.3). Para el caso de neutrinos de1 GeV,
de relevancia para los experimentos de CC en ANL [140,141] y BNL [79,142] la mayor parte del
espacio fásico satisface la condiciónW ≤ 1.4 GeV.

6.3.1. Producción de piones inducida por CC

Para reacciones inducidas por CC existen resultados obtenidos en experimentos realizados du-
rante finales de los años 70 y la primera mitad de los años 80. Enestos experimentos un haz
no monocromático de neutrinos muónicos incide sobre una cámara de burbujas. En concreto en
ANL [140, 141] se hacía incidir un haz, con un espectro de energías con un máximo a aproxima-
damente 1 GeV, sobre una cámara de burbujas de 12 pies rellenacon hidrógeno y deuterio, aunque
la mayor parte de los datos provienen del deuterio. En BNL [79, 142] se utilizó una cámara de 7
pies rellena de deuterio. En la fig. 8 de [149] para ANL y fig. 7 de[78] para BNL se muestran las
correspondientes distribuciones de energías de los neutrinos incidentes.

Para anti-neutrinos muónicos existen datos de secciones eficaces totales en los canalesπ−p,
π0n y π−n con y sin cortes cinemáticosW ≤ 1.4 GeV provenientes de Gargamelle (CERN
PS) [150]. El espectro de energías de los neutrinos en este experimento presentaba un máximo
alrededor de1.5 GeV.

Existen datos de experimentos con haces de entre 5 y 100 GeV (cámara de burbujas de 15
pies en FNAL [151]) y entre 5 y 120 GeV con una energía media de 25 GeV para neutrinos y
antineutrinos (CERN [152]). A energías tan altas la seccióneficaz integrada satura y la dependencia
enEν es irrelevante, sin embargo al imponer cortes cinemáticos enW se disminuye enormememte
la estadística del experimento, de manera que no hemos considerado sus datos en este trabajo.

Para empezar nos fijaremos en la sección eficaz diferencialdσ/dq2 promediada con el flujo9 de
neutrinos incidentes para la reacciónνµp→ µ−pπ+ medida en ANL y BNL con el corte cinemático

9dσ/dq2 =
∫ Emax

Emin dE
(
dσ(E)/dq2

)
Φ(E)/

∫ Emax

Emin dE Φ(E) y análogamente para otros observables.
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W ≤ 1.4 GeV. En [153] se ajustaron los factores de forma de la∆ a datos de electroproducción
y dispersión de neutrinos en BNL. Esta parametrización reproduce razonablemente los datos de
ANL [133], ver línea a trazos en el panel izquierdo de la fig. 6.4. El acuerdo con los datos de ANL
empeora notablemente cuando incluimos los términos no resonantes requeridos por simetría quiral
(ver líneas raya-punto). Dado que el término dominante en eldiagrama directo de la∆ esCA

5 , este
desacuerdo sugiere un reajuste de este factor de forma. Asumiendo una forma dipolar como en la
ec. (6.53), realizamos un ajuste a los datos de ANL y obtenemos

CA
5 (0) = 0.870 ± 0.075 , MA∆ = 0.982 ± 0.082 GeV (6.78)

con un coeficiente de correlación gaussianor = −0.85 y χ2/d.o.f. = 0.4. El valor ajustado de la
masa axial está en buen acuerdo con las estimaciones de entre0.95 y 0.84 GeV dadas en la referen-
cia original de ANL [141] y en [133]. Por otro lado observamosuna fuerte corrección (del orden
del 30 %) a la relación Goldberger-Teiman no diagonal, ec. (6.44). Datos de una reciente simula-
ción de QCD en el retículo (fig. 4 de [154]) parecen indicar quela razón(

√

2/3fπf
∗/mπ)/CA

5 (0)
puede ser significativamente mayor que la unidad para masas físicas del pión.

Los datos de ANL fueron obtenidos en exposiciones de deuterio, de manera que podrían estar
afectadas por efectos nucleares. Estos efectos se estudiaron en [155], donde se estimó que deberían
ser inferiores al7 %. La línea sólida en el panel izquierdo de la fig. 6.4 muestran la bondad de
nuestro ajuste. Además, también mostramos las bandas que marcan el límite de confianza del68 %
obtenidas a partir de los errores gaussianos correlacionados del ajuste de la ec. (6.78). Podemos
apreciar que, aunque en el canalπ+p la contribución relativa del polo de la∆ es mayor que en los
otros canales, la contribución de los diagramas no resonantes es muy relevante. No incluimos los
datos de BNL en el ajuste, porque carecen de normalización absoluta.

En la fig. 6.5 mostramos las secciones eficaces integradas de los procesosνµp → µ−pπ+,
νµn → µ−pπ0 y νµn → µ−nπ+ estudiados en ANL, con el corte cinemáticoW < 1.4 GeV, en
función de la energía del neutrino. Damos predicciones con tres modelos distintos: sólo la con-
tribución de∆P conCA

5 (0) = 1.2, MA∆ = 1.05 GeV y el modelo desarrollado en este trabajo,
con los valores anteriores paraCA

5 (0) y MA∆ y nuestro ajuste de ec. (6.78). Como se aprecia en
las distintas gráficas describimos razonablemente bien losdatos, encontrando las mayores discre-
pancias en el canalπ+n, que por otro lado, debido a la dificultad en detectar el neutrón, es el
más delicado desde el punto de vista experimental. La inclusión de los términos quirales mejora el
acuerdo global con el experimento, comparando con el caso enque sólo se considera el mecanismo
de∆P . En el caso de los canalesπ+n y π0n la reducción de la contribución del mecanismo∆P
al usar el valor deCA

5 (0) de la ec. 6.78 se compensa por la inclusión de los diagramas defondo.
Nuestros resultados son similares a los obtenidos en [156],dónde se incluyeron términos no re-
sonantes inducidos por intercambio de mesonesρ y ω. También se muestran en estas figuras las
secciones eficaces medidas por BNL, que no incluyen el corte cinemático enW [142]. El efecto
de incluir todo el espacio fásico relevante es despreciablepara neutrinos con energías menores de
1 GeV (véase tabla III de [141]); pero se vuelve reseñable porencima de dicho límite, por lo que
no mostramos secciones eficaces de BNL por encima de dicha energía. El presente modelo con
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los términos de fondo no resonantes yCA
5 (0) = 1.2 describe mejor los datos de BNL (véase la

línea raya-punto). De todas maneras queremos hacer notar lanotable incosistencia entre los datos
de ambos experimentos ANL y BNL.

En la fig. 6.6 estudiamos las distribuciones de sucesos respecto al ángulo azimutal del pion
y la masa invariante del sistema pión-nucleón saliente en elexperimento de ANL. La inclusión
de terminos no resonantes mejora la descripción de las distribuciones experimentales. Es muy
importante la contribución de los términos de fondo no resonantes en la región próxima al umbral
de producción de piones.

En la fig. 6.7 comparamos las predicciones de nuestro modelo con los datos del experimen-
to CERN-PS [150] para secciones eficaces de antineutrinos muónicos. Aunque nuestro mode-
lo no reproduce los datos experimentales podemos considerar que mejora las predicciones del
modelo de∆P . Vale la pena recordar que, por simetría de isospín, tenemos〈nπ−|jµ

cc−(0)|n〉 =
〈pπ+|jµ

cc+(0)|p〉. Así pues, la única diferencia dinámica entre la reacciónνµp → µ−pπ+, que
describimos correctamente (vése fig. 6.5), y la reacciónν̄µn → µ+pπ− es el signo del término
antisimétrico del tensor leptónico (L(ν̄)

µσ = L
(ν)
σµ ). De este manera, si ignoramos los términos que

violan paridad en la parte antisimétrica del tensor hadrónico la sección eficaz para ambas reac-
ciones debe ser idéntica, salvo por interferencias entre los términos vector y axial de la corrien-
te hadrónica. De todos modos, estas interferencias no afectan a la suma de secciones eficaces
σ(νµp → µ−pπ+) + σ(ν̄µn → µ+pπ−), excepto por su contribución al término que viola paridad
de la parte simétrica del tensor hadrónico. Por ejemplo paraE = 3 GeV, el valor experimental de
esta suma está en torno a0.8 × 10−38 cm2, mientras que nuestra mejor predicción teorica es del
orden de un10 % mayor que este número. Ésto sugiere posibles inexactitudesexperimentales o que
la discrepancia no puede eliminarse enteramente mediante la inclusión de fases relativas entre las
contribuciones teóricas a las partes vector y axial de la corriente. Datos más precisos, posiblemen-
te disponibles en un futuro cercano de los experimentos MiniBoone y T2K, junto con el teorema
de Watson podrían determinar las posibles fases relativas entre las contribuciones resonante y de
fondo.

A continuación estudiaremos la dependencia de la sección eficaz respecto del ángulo azimutal
φπ. A partir de la descomposición del tensor hadrónico que discutiremos en detalle en el siguiente
capítulo (ecs. (7.4)–7.7) tenemos que la dependencia más general posible de la sección eficaz
respectoφπ es

d5σνll

dΩ(k̂′)dE ′dΩ∗(k̂π)
=

|k′|
|k|

G2

4π2
{A∗ +B∗ cosφ∗

π + C∗ cos 2φ∗
π +D∗ sin φ∗

π + E∗ sin 2φ∗
π} .
(6.79)

En las figs. 6.8 y 6.9 comparamos simultáneamente resultadospara las reaccionesνµn → µ−pπ0

y ν̄µp→ µ+nπ0. Gracias a la simetría de isospín (ec. (6.16)), el tensor hadrónico es el mismo para
ambos procesos y por lo tanto, sólo se diferencian por los acoplamientos de los leptones, que indu-
cen un cambio de signo en la parte antisimétrica del tensor leptónico. De este modo, en analogía
con las ecs. (7.12) y (7.13), las funciones de estructuraC∗ y E∗ son iguales para ambas reacciones,
mientras que las contribuciones antisimétricas aA∗,B∗ y D∗ cambian el signo de neutrinos a anti-
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neutrinos. FijamosE = 1.5 GeV y q2 = −0.5 GeV2, valores típicos de ANL y consideramos dos
masas invariantes diferentesW = 1150 MeV y W = M∆ = 1232 MeV, para estudiar mejor los
efectos de los términos quirales no resonantes en las funciones de respuesta definidas en ec. (6.79).
Los resultados de las figs. 6.8 y 6.9 muestran claramente las diferencias entre las funciones de es-
tructura de neutrino y antineutrino, así como el efecto de los términos no resonantes. Por ejemplo,
en el caso deW = M∆, las funcionesA∗ de neutrino y antineutrino difieren en un factor tres, lo
que induce una diferencia por un factor parecido en las secciones eficaces integradas. Los términos
de fondo tienen una mayor influencia en los canales de antineutrino que en los de neutrino. Por
otro lado, paraW = 1150 MeV el mecanismo∆P se vuelve subdominante y las funciones de
estructura están dominados por los términos de fondo y su interferencia con el término∆P .

La interferencia entre el mecanismo∆P y el resto de diagramas no resonantes es responsable
de que las funciones de estructuraD∗ y E∗ no se anulen. Estas funciones de estructura inducen
dependencias de la sección eficaz ensinφπ y sin 2φπ, que como veremos en el capítulo siguien-
te, surgen de los términos que violan paridad en la descomposición del tensor hadrónico de las
ecs. (7.4)–(7.7). Estas contribuciones a la sección eficaz quíntuple diferencial desaparecen cuando
integramos en el ángulo sólido del pión, respetandose la naturaleza escalar (salvo el factor|k|′/|k|)
de la sección eficaz triple diferenciald3σνll/dΩ(k̂′)dE ′. Nótese que el sistema de coordenadas uti-
lizado para definirΩ(k̂π) involucra el pseudo-vectork′ × k para definir el eje Y, que induce la
naturaleza no invariante bajo paridad ded5σ/dΩ(k̂′)dE ′dΩ(k̂π). En procesos de electroproduc-
ción de piones, el tensor leptónico es totalmente simétricoy la parte simétrica del tensor hadrónico
no contiene términos con un tensor de Levi-Civita, ya que la interacción electromagnética preserva
paridad. De aquí que en ese caso,d5σ/dΩ(k̂′)dE ′dΩ(k̂π) sea invariante bajo paridad.

6.3.2. Producción de piones mediada por corrientes neutras

Apenas existen medidas experimentales de procesos de producción de piones mediados por NC
a energías intermedias. En elruncon freón-propano del experimento Gargamelle en el CERN [158]
se midieron secciones eficaces para todos los canales de corrientes neutras y una energía media del
neutrino en torno a2.2 GeV, y se presentaron en forma de cocientes NC/CC. Recientemente estos
datos han sido reanalizados [159] y se presentan en forma de secciones eficaces sin cortes cine-
máticos enW . También hay resultados de experimentos usando la cámara de12 pies de Argonne
con un espectro de neutrinos(0.3 ≤ E ≤ 1.5) GeV. En este último experimento se presenta-
ron resultados para el canalνn → νpπ− [160] y para las razones de secciones eficaces [161]
R+ = σ(νp → νnπ+)/σ(νp → µ−pπ+), R0 = σ(νp → νpπ0)/σ(νp → µ−pπ+) [161] y
R− = σ(νn→ νpπ−)/σ(νp→ µ−pπ+) [160].

En la tab. 6.2 comparamos nuestros resultados para las razonesR+, R0 y R− con los datos de
ANL. Hemos usado para nuestros cálculos el modelo completo definido por los diagramas de al
fig. 6.2 y los parámetros de la ec. (6.78) para un rango de energías del neutrinoE = 0.6–1.2 GeV.
El acuerdo con el experimento es bastante bueno, si tenemos en cuenta los errores experimentales.
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Experimento Nuestro modelo

R+ = σ(νp→ νnπ+)/σ(νp→ µ−pπ+) 0.12 ± 0.04 [161] 0.10–0.12
R0 = σ(νp→ νpπ0)/σ(νp→ µ−pπ+) 0.09 ± 0.05 [161] 0.14–0.18
R− = σ(νn→ νpπ−)/σ(νp→ µ−pπ+) 0.11 ± 0.022 [160] 0.09–0.12

Tabla 6.2:Cocientes entre secciones eficaces NC y CC. Los datos experimentales se han tomado de las refs. [160]
(R−), y [161] (R0,R+). Nuestro modelo incluye los diagramas no resonantes y el ajuste de la ec. 6.78. No se tienen
en cuenta cortes cinemáticos.

En la tab. 6.3 presentamos resultados para secciones eficaces totales de producción de piones y
comparamos con los resultados del reanálisis [159] de los datos originales de Gargamelle. El acuer-
do con los datos es bueno. De todos modos hay que recalcar que no hemos tenido en cuenta cortes
en la cinemática de manera que paraE = 2.2 GeV nuestro modelo tiene mayores incertidumbres
que las debidas a los errores en el ajuste de la ec. (6.78).

Hawker-Gargamelle Nuestro modelo

σ(νp→ νpπ0) 0.130 ± 0.020 0.105 ± 0.006
σ(νp→ νnπ+) 0.080 ± 0.020 0.091 ± 0.003
σ(νn→ νnπ0) 0.080 ± 0.020 0.104 ± 0.006
σ(νn→ νpπ−) 0.110 ± 0.030 0.082 ± 0.003

Tabla 6.3:Secciones eficaces NC en unidades10−38 cm2 para varios canales. Los datos corresponden al reanálisis
[159] de los datos originales de Gargamelle [158]. Para nuestros resultados hemos asumido un haz monocromático
de neutrinos deE = 2.2 GeV usando nuestro modelo completo de la fig. 6.2 y los parámetros de nuestro ajuste,
CA

5 (0) = 0.867 ± 0.075, MA∆ = 0.985 ± 0.082 GeV, sin incluir cortes cinemáticos enW . Los errores en nuestros
resultados se refieren a la incertidumbre en el ajuste deCA

5 (0) y MA∆.

En el panel izquierdo de la fig. 6.10 mostramos nuestros resultados para la sección eficazνn→
νpπ− en función de la energía y comparamos con las medidas de ANL [160]. Para comparar
mejor con los datos damos resultados con y sin el corte cinemáticoW ≤ 1.4 GeV. Para neutrinos
con energías menores de 1 GeV, el corte apenas afecta a la sección eficaz, y encontramos una
buena descripción de los datos. En el panel derecho presentamos la sección eficaz diferencial en
función deW en el mismo canal para neutrinos de 1 GeV. Podemos apreciar claramente el pico
de la∆(1232). Los términos de fondo no-resonantes dominan la sección eficaz cerca del umbral
de producción de piones y producen un ligero desplazamientodel pico hacia masas invariantes
menores. En ambos paneles podemos ver que la disminución de la contribución del mecanismo
∆P debida al cambio enCA

5 (0) se compensa con la inclusión de los términos de fondo.
En el panel izquierdo de la fig.6.11 estudiamos el efecto del contenido de extrañeza del nucleón

en nuestro modelo. Encontramos que los efectos degs
A son menores que la incertidumbre debida al
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ajuste del factor de formaCA
5 (q2) a partir de los datos de ANL. De manera parecida, los resultados

del panel derecho de fig. 6.11 muestran que la parte isovectorde la NC domina completamente la
reacción de producción de piones en el rango de energías estudiado. Esto se debe a que, como se
deduce de las ecs. (6.69), (6.70) y (6.76), las dos seccioneseficaces estudiadas en la figura sólo
se diferencian en la interferencia entre las partes isovector e isoscalar de la NC. Es interesante
mencionar que las secciones eficaces inducidas por anti-neutrinos son del orden de 2 o 3 veces
más pequeñas que las inducidas por neutrinos, como se deducede comparar las predicciones para
el estado finalpπ− mostradas en el panel izquierdo de fig. 6.10 y el panel derechode fig. 6.11.
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Las líneas discontinuas denotan la contribución del mecanismo del polo de la∆++ con CA

5 (0) = 1.2 y MA∆ =
1.05 GeV. Las líneas raya-punto y sólidas se obtuvieron a partir del modelo completo (fig. 6.2) conCA

5 (0) = 1.2,
MA∆ = 1.05 GeV (raya-punto) y con nuestro ajusteCA

5 (0) = 0.867, MA∆ = 0.985 GeV (sólida), respectivamente.
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correlacionados del ajuste de la ec. (6.78).
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Figura 6.8:Dependencia en el ángulo polar del pión de las funciones de estructura definidas en ec. (6.79) para las
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Figura 6.9:Ídem que fig. 6.8 paraW = 1150 MeV.
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Capítulo 7

Asimetrías neutrino-antineutrino en
reacciones de producción de piones1

Los neutrinos de la familia del tau se distinguen trivialmente de los antineutrinos por encima
del umbral de producción de taus. Por conservación del número leptónico un neutrino genera unτ−

mientras que un antineutrino produce unτ+, revelando así la naturaleza del neutrino incidente. Por
debajo de dicho umbral, los neutrinos sólo interactúan con núcleos mediante corrientes neutras, de
manera que el (anti-)neutrino saliente no es detectado.

A pesar de esta limitación existen varios fenómenos en que esinteresante distinguir entre neu-
trinos y antineutrinos: violación de CP en oscilacionesνµ → ντ [163], supernovas [164], . . .

Recientemente, Jachowicz y colaboradores sugirieron que en procesos neutrino-núcleo media-
dos por corrientes neutras, las diferencias de helicidad entre neutrinos y antineutrinos inducían
algunas asimetrías en la polarización de los nucleones emitidos [165]. De ahí los autores conclu-
yen que estas asimetrías representan una manera potencial de distinguir neutrinos de antineutrinos
por debajo del umbral de producción de .

En este capítulo introducimos un método alternativo para distinguir neutrinos tauónicos de an-
tineutrinos tauónicos, por encima del umbral de producciónde piones. Nuestro método no se basa
en ningún modelo nuclear, ni está afectado por efectos nucleares (distorsión de la onda del nucleón
saliente, etc.). Mostraremos cómo aparecen asimetrías neutrino-antineutrino tanto en las secciones
eficaces totales integradas como en la distribuciones del ángulo azimutal del pión emitido. La de-
finición de las asimetrías sólo dependen de invariancia Lorentz. Experimentalmente, para definir
las asimetrías angulares es necesario que se mida el momentoy la carga del pión emitido y que
se determine el plano de dispersión del neutrino. Dado que elneutrino emitido no es detectado,
para fijar el plano de dispersión es necesario medir el momento del nucleón emitido y tener cierto
conocimiento de la dirección del momento del neutrino incidente.

Las asimetrías que introduciremos son independientes de lafamilia leptónica y podrían de-
terminarse experimentalmente usando haces de neutrinos muónicos o electrónicos, aprovechando

1Este capítulo se basa en la referencia [162].
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la universalidad de la interacción de neutrinos mediadas por corrientes cargadas. Para estimar el
tamaño de estas asimetrías utilizaremos el modelo descritoen el cap. 6.

7.1. Cinemática y secciones eficaces

En este capítulo usaremos la misma notación que en el cap. 6 para la reacción

νl(k) +N(p) → νl(k
′) +N(p′) + π(kπ) (7.1)

de producción de piones por NC. Podemos omitir las referencias explícitas aν o ν̄, ya que se
cumple

L(ν̄)
µσ = L(ν)

σµ , (W µσ
NCπ)(ν̄) = (W µσ

NCπ)(ν) (7.2)

para reacciones inducidas por antineutrinos. Por simplicidad también omitiremos la etiqueta NCπ
en la expresión del tensor hadrónicoW µσ.

Analizemos con detenimiento ciertas propiedades del tensor hadrónico. Por definición, el ten-
sor hadrónico cumple

W µσ = W µσ
s + iW µσ

a , (7.3)

dondeW µσ
s (W µσ

a ) es un tensor real (anti-)simétrico. Podemos separar el tensor hadrónico en
dos partesW µν

s,a =
(
W µν

s,a

)PC
+
(
W µν

s,a

)PV
, determinadas por 19 funciones escalares de estructura

Wi(q
2 , p · q , p · kπ , kπ · q) definidas

(W µν
s )PC = W1g

µν +W2p
µpν +W3q

µqν +W4k
µ
πk

ν
π +W5(q

µpν + qνpµ)

+W6(q
µkν

π + qνkµ
π) +W7(p

µkν
π + pνkµ

π) (7.4)

(W µν
s )PV = W8

(
qµǫν.αβγk

α
πp

βqγ + qνǫµ.αβγk
α
πp

βqγ
)

+W9

(
pµǫν.αβγk

α
πp

βqγ + pνǫµ.αβγk
α
πp

βqγ
)

+W10

(
kµ

πǫ
ν
.αβγk

α
πp

βqγ + kν
πǫ

µ
.αβγk

α
πp

βqγ
)

(7.5)

(W µν
a )PV = W11(q

µpν − qνpµ) +W12(q
µkν

π − qνkµ
π) +W13(p

µkν
π − pνkµ

π) (7.6)

(W µν
a )PC = W14ǫ

µναβpαqβ +W15ǫ
µναβpαkπβ +W16ǫ

µναβqαkπβ

+W17

(
qµǫν.αβγk

α
πp

βqγ − qνǫµ.αβγk
α
πp

βqγ
)

+W18

(
pµǫν.αβγk

α
πp

βqγ − pνǫµ.αβγk
α
πp

βqγ
)

+W19

(
kµ

πǫ
ν
.αβγk

α
πp

βqγ − kν
πǫ

µ
.αβγk

α
πp

βqγ
)
, (7.7)

que son funciones reales y escalares Lorentz. AunqueW µν no es ortogonal aqµ, los términos
W3, W5, W6, W8, W11, W12 y W17 no contribuyen a la sección eficaz diferencial porque el tensor
leptónico es ortogonal aqµ en el caso de neutrinos sin masa.

Hemos separado dos contribuciones al tensor hadrónicoWPC y WPV según su comportamien-
to bajo paridad al contraerse con el tensor leptónico. La parte PV (parity violating) al contraerse
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conLµν resulta en un objeto pseudo-escalar. Esto se comprueba fácilmente al notar que la parte
simétrica deLµν no contiene ningún pseudo-tensor de Levi-Civitaǫµναβ , mientras que su par-
te antisimétrica viene dada por dicho pseudo-tensor. Así, para obtener un objeto invariante bajo
paridad la parte simétrica del tensor hadrónico no debería contener ningún pseudo-tensor de Levi-
Civita, mientras que en la parte antisimétrica sólo deberían aparecer términos proporcionales a
dicho pseudo-tensor. En procesos de electroproducción de piones no aparece ningún término con
el tensor Levi-Civita, de manera que, como corresponde a un proceso electromagnético que con-
serva paridad, la sección eficaz cinco veces diferenciald5σ/dE′dΩ(k̂′)dΩ(k̂π) es invariante bajo
paridad.

Por otra parte, bajo inversión temporal, y teniendo en cuenta el carácter antiunitario del opera-
dorT , tenemos

L(ν)
µν → (Lµν)(ν) , (Wµν)PC → (W µν)PC , (Wµν)

PV → − (W µν)PV (7.8)

y por lo tantoL(ν)
µνW µν no es tampocoT−invariante, debido a la presencia de términos PV en el

tensor hadrónico. Esto no significa que exista violación de invariancia bajo inversión temporal en
el proceso [166]. Invariancia bajo inversión temporal implica

|Mi→f |2 = |MTf→T i|2 (7.9)

conT i y Tf los estados obtenidos por inversión temporal de los estadosi y f invirtiendo momen-
tos, espines, etc. . . Cuando tratamos con procesos electrodébiles, que pueden ser tratados a primer
orden en teoría de perturbaciones, la matriz de transicióni→ f puede aproximarse por el operador
hermíticoHI . En estas condiciones|MTf→T i| ≈ |MT i→Tf | y obtenemos

|Mi→f |2 = |MTf→T i|2 ≈ |MT i→Tf |2 . (7.10)

La ecuación anterior implicaría que en la transicióni → f no podrían aparecer correlaciones que
cambien de signo bajoT , como las inducidas por(W µν)PV. Así, a primer orden en el hamilto-
niano de interacción, dicho tensor debería anularse. De todos modos, en el estado final de nuestro
proceso tenemos hadrones, cuya interacción fuerte no permite un tratamiento perturbativo y no
podemos aproximar el operador de transición porHI . Por lo tanto la ec. (7.10) ya no se cumple
e invariancia bajo inversión temporal no prohibe la existencia de un tensor(W µν)PV no nulo. En
resumen, además de violaciones genuinas de inversión temporal (a nivel de hamiltoniano [167])
la existencia de interacciones fuertes en el estado final permiten la existencia de correlaciones no
invariantes bajoT enLµνW

µν , inducidas por el tensor hadrónico(W µν)PV. Estos fenómenos ya
fueron estudiados [166,167] en el contexto de estudios sobre violación de invariancia bajoT , pues-
to que, tal y como se desprende de la discusión anterior, efectos de interacción en el estado final
pueden enmascarar efectos genuinos de violación de invariancia temporal.

Tras esta discusión estamos en condiciones de estudiar la dependencia con respecto al ángulo
azimutal del piónφπ de la sección eficaz diferencial. En nuestro sistema de referencia, en el que
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identificamos el plano de dispersión definido pork, k′ con el plano XZ encontramos(L(ν)
s )0y =

(L
(ν)
s )xy = (L

(ν)
s )zy = (L

(ν)
a )0x = (L

(ν)
a )0z = (L

(ν)
a )xz = 0, y de ahí

∫ +∞

0

d|kπ|k2
π

Eπ

(L(ν)
s )µνW

µν
s =

∫ +∞

0

d|kπ|k2
π

Eπ

{

(L(ν)
s )00W

00
s + 2(L(ν)

s )0xW
0x
s + 2(L(ν)

s )0zW
0z
s

+ (L(ν)
s )xxW

xx
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s )yyW
yy
s + (L(ν)

s )zzW
zz
s + 2(L(ν)

s )xzW
xz
s

}

= As +Bs cosφπ + Cs cos 2φπ +Ds sin φπ + Es sin 2φπ
∫ +∞

0

d|kπ|k2
π

Eπ
(L(ν)

a )µνW
µν
a = 2

∫ +∞

0

d|kπ|k2
π

Eπ

{

(L(ν)
a )0yW

0y
a + (L(ν)

a )xyW
xy
a + (L(ν)

a )yzW
yz
a

}

= −Aa − Ba cos φπ −Da sin φπ

(7.11)

que define la dependencia explícita2 enφπ. Los términos PV del tensor hadrónico dan lugar a las
contribucionessin φπ y sin 2φπ, provenientes de términos proporcionales aky

π. Gracias a la ec. (7.2)
tenemos

d5σν

dΩ(k̂′)dE ′dΩ(k̂π)
=

|k′|
|k|

G2

16π2

{

As + Aa + (Bs +Ba) cosφπ + Cs cos 2φπ + (Ds +Da) sinφπ + Es sin 2φπ

}

(7.12)

d5σν̄

dΩ(k̂′)dE ′dΩ(k̂π)
=

|k′|
|k|

G2

16π2

{

As −Aa + (Bs − Ba) cosφπ + Cs cos 2φπ + (Ds −Da) sinφπ + Es sin 2φπ

}

(7.13)

para reacciones inducidas por neutrinos y antineutrinos, respectivamente.

7.2. Asimetrías neutrino-antineutrino

De las ecuaciones ec. (7.12) y (7.13) vemos que surgen asimetrías neutrino-antineutrino tanto
en la sección eficaz integrada como en la sección eficaz diferencial respecto al ángulo azimutal del
pión. Para las secciones eficaces integradas tenemos

σν =
G2

16π2|k|

∫

dΩ(k̂′)dE ′dΩ(k̂π) |k′| (As + Aa) (7.14)

2Las funciones de estructura son función de los escalares Lorentz,p · kπ y kπ · q, independientes deφπ cuando
tomamos el eje Z en la dirección deq.
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para neutrinos y

σν̄ =
G2

16π2|k|

∫

dΩ(k̂′)dE ′dΩ(k̂π) |k′| (As − Aa) (7.15)

para antineutrinos, mientras que para las distribuciones azimutales, relaciones del tipo

d5σ

dΩ(k̂′)dE ′dΩ(k̂π)
(φπ) −

d5σ

dΩ(k̂′)dE ′dΩ(k̂π)
(φπ + π)

∣
∣
∣
ν

=

{(Bs +Ba) cosφπ + (Ds +Da) sinφπ}
|k′|
|k|

G2

8π2
(7.16)

d5σ

dΩ(k̂′)dE ′dΩ(k̂π)
(φπ) −

d5σ

dΩ(k̂′)dE ′dΩ(k̂π)
(φπ + π)

∣
∣
∣
ν̄

=

{(Bs − Ba) cosφπ + (Ds −Da) sinφπ}
|k′|
|k|

G2

8π2
(7.17)

identifican asimetrías neutrino-antineutrino. Es de esperar que las mediciones de observables dife-
renciales en experimentos de neutrinos tengan una pobre estadística. Para incrementarla es conve-
niente estudiar las relaciones de ecs. (7.16) y (7.17) para secciones eficaces parcialmente integra-
das.

Definir la distribución azimutal del pión, integrando sobrela cinemática del nucleón saliente
y el ángulo polar del pión exige cierto cuidado. En nuestro sistema de referencia,q está en la
dirección Z, de manera que es necesario rotar el sistema de referencia para cada suceso, de manera
quek y k′ estén contenidos en el plano XZ. Podemos partir de la expresión para

σν =
G2

16π2|k|

∫
d3k′

|k′|
d3kπ

Eπ
L(ν)

µσ (k, k′)W µσ(p, q, kπ) (7.18)

Para realizar estas integrales podemos fijar un sistema de coordenadas XYZ, y dado que la con-
tracción tensorialL(ν)

µσ (k, k′)W µσ(p, q, kπ) es invariante bajo rotaciones, podemos evaluar

L(ν)
µσ (Rk,Rk′)W µσ(Rp,Rq,Rkπ) (7.19)

donde, para cadak′, R es la rotación que llevaq y k × k′ a los ejes Z e Y, respectivamente. Dicha
rotación depende dek′ pero es independiente dekπ. Entonces llegamos a

σν =
G2

16π2|k|

∫
d3k′

|k′|
d3kπ

Eπ

L(ν)
µσ (Rk,Rk′)W µσ(Rp,Rq,Rkπ)

=
G2

16π2|k|

∫
d3k′

|k′|
d3kπ

Eπ
L(ν)

µσ (Rk,Rk′)W µσ(Rp,Rq, kπ) ,

(7.20)

donde en el último paso, para unk′ fijo, hemos hecho un cambio en las variables del piónkπ →
kR

π ≡ Rkπ, y por simplicidad a la variable mudakR
π la hemos llamado de nuevokπ. Finalmente,
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si usamos coordenadas esféricaskπ = |kπ|(sin θπ cosφπ, sin θ sinφπ, cos θπ) para la integral del
pión llegamos a

dσν

dφπ
=

G2

16π2|k|

∫
d3k′

|k′|
d|kπ||kπ|2d cos θπ

Eπ
L(ν)

µσ (Rk,Rk′)W µσ(Rp,Rq, kπ)

=
G2

16π2|k|

∫
d3k′

|k′| d (cos θπ)

× {As + Aa + (Bs +Ba) cosφπ + Cs cos 2φπ + (Ds +Da) sinφπ + Es sin 2φπ}
= As + Aa + (Bs + Ba) cosφπ + Cs cos 2φπ + (Ds + Da) sinφπ + Es sin 2φπ

(7.21)

ya que tenemosRk en la dirección del eje Z yRk y Rk′ están contenidos en el plano XZ, y por lo
tanto podemos usar los resultados de la ec. (7.12).

En las ecuaciones anterioresφπ es el ángulo azimutal del pión en el sistema rotado XYZ, esto
es el ángulo entre el plano de dispersión definido por los vectoresk y k′ y el plano del pión definido
por los vectoresq y kπ. Es fácil ver queφπ está definido como el ángulo formado por los vectores
(k × k′) × q y kπ − (kπ · q)q/|q|2, de manera que es invariante bajo rotaciones.

De la discusión anterior es fácil obtener

1

2

(
dσ(φπ)

dφπ
− dσ(φπ + π)

dφπ

) ∣
∣
∣
ν

= (Bs + Ba) cosφπ + (Ds + Da) sinφπ (7.22)

1

2

(
dσ(φπ)

dφπ

− dσ(φπ + π)

dφπ

) ∣
∣
∣
ν̄

= (Bs − Ba) cosφπ + (Ds −Da) sinφπ (7.23)

para neutrinos y antineutrinos respectivamente.
Ya que el momento del neutrino emitido no es detectado, es necesario detectar el nucleón

emitido para determinar el plano de dispersión del neutrino. El procedimiento sería detectar el
pión y el nucleón emitido en coincidencias, y a partir de ahí reconstruir el momento transferido
q = p′ + kπ, en el sistema LAB dondep = 0.

Todas estas asimetrías pueden usarse para distinguirτ -neutrinos deτ -antineutrinos. Las fun-
ciones de respuestaAs ± Aa, Bs ± Ba y Ds ± Da, las secciones eficacesσν , σν̄ y las cantidades
parcialmente integradasBs ±Ba y Ds ±Da son independientes de la familia de neutrino. Pueden,
por tanto ser determinadas experimentalmente mediante haces de neutrinos muónicos o electró-
nicos y utilizarse para determinar la naturaleza del flujo deτ -(anti)neutrinos incidentes. De esta
manera no es necesario basarse en ningún modelo teórico paraobtener las asimetrías aquí propues-
tas.

7.2.1. Asimetrías neutrino-antineutrino según el modelo del cap. 6

Las anteriores sugerencias para distinguir neutrinos y antineutrinos serían de poco valor si los
términosAa, Ba y Da son mucho menores queAs, Bs y Ds. En un modelo usual de dominancia
de la resonancia∆, aunque sí aparecen asimetrías neutrino-antineutrino en las secciones eficaces
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totales de producción de piones, no aparecen asimetrías angulares. Por todo esto hemos usado
un modelo que incluye términos no resonantes (fondo), en concreto el del cap. 6, para estimar
el valor de estas asimetrías. Será precisamente la interferencia de estos términos de fondo con el
diagrama de polo de la resonancia∆ lo que genere las correlaciones no invariantes bajoT que son
las responsanbles de las asimetrías angulares neutrino-antineutrino.

En la fig. 7.1 mostramos las secciones eficaces totales de producción de piones mediadas por
NC en nucleones en función de la energía del neutrino o el antineutrino. Al igual que el capítulo
anterior, incluimos el corte en la masa invariante del sistemaπN , W ≤ 1.4 GeV. También inclui-
mos los resultados del experimento de ANL [160] para la reacción νn → νpπ−. En los resultados
experimentales no se implementó el corte enW ; en [141] se muestra que ésto no afecta a las sec-
ciones eficaces totales para neutrinos con energías por debajo de 1 GeV. La inclusión de dicho
corte sólo afecta por tanto al último punto experimental, dando lugar a variaciones del orden del
20 %, en torno a la mitad del error experimental. Los resultados de la fig. 7.1 son significativos, ya
que las diferencias entre neutrinos y antineutrinos son siempre grandes, en torno a un factor dos,
en todos los canales. Esto confirma que este observable puedeutilizarse para distinguir neutrinos
de antineutrinos.

Para acabar nos centramos en las asimetrías angulares y mostramos en fig. 7.2 resultados para
Bs ± Ba y Ds ± Da definidos en ecs. (7.22) y (7.23) para el canalpπ−. En los demás canales ob-
tuvimos resultados similares. En ambos paneles podemos apreciar claras asimetrías. En particular
Ds + Da y Ds − Da tienen signos opuestos. La diferencia entre el número de sucesos para los
cuales el pión sale por encima del plano de los neutrinosNabv y aquellos en los que el pión sale
por debajoNblw es 4(Ds + Da) [4 [Ds −Da]] para reacciones inducidas por neutrinos [antineu-
trinos]. Así el signo de esta diferencia determinaría la quiralidad del haz de neutrinos incidentes.
De todos modos debemos mencionar que la asimetría basada en la sección eficaz total (fig. 7.1)
proporcionaría una señal con una mayor significancia estadística. La causa de ésto se encuentra en
que la razón(Nabv − Nblw)/(Nabv + Nblw) sería del orden de10−2 o menor. Asimetrías basadas
en la función de respuestaB no serían tan desfavorables desde el punto de vista estadístico.
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Figura 7.1:Secciones eficaces de producción de piones mediadas por NC, en función de la energía del neutrino
incidente. Hemos introducido un corte en la masa invariantepión-nucleónW ≤ 1.4 GeV. La línea central representa el
resultado de nuestro modelo teórico, incluyendo (líneas externas) bandas de CL al 68 %, inferidas de las incertidumbres
de los parámetros de ec. (6.78). Los datos experimentales deproducción deπ− se han tomado de [160].
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Figura 7.2:Predicciones de nuestro modelo quiral paraBs ± Ba y Ds ± Da (ecs. (7.22) y (7.23)) en función de la
energía del (anti)neutrino incidente.
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Capítulo 8

Conclusiones

En este trabajo hemos desarrollado un modelo para estudiar las reacciones de dispersión de
neutrinos por núcleos en la región del pico cuasi-elástico yun régimen de energías intermedias,
relevante para experimentos de oscilación de neutrinos. Hemos estudiado reacciones mediadas por
corrientes neutras y cargadas e inducidas tanto por neutrinos como por antineutrinos.

Nuestro modelo parte de un gas de Fermi en aproximación de densidad local, pero incluye una
serie de efectos debidos al medio nuclear relevantes a energías intermedias: dispersión Coulombia-
na del leptón cargado saliente, correlaciones de largo alcance (polarización del medio tipo RPA),
auto-energía del nucleón en el medio (FSI). . . Hemos comprobado que, tal y como ocurría para
procesos inducidos por electrones y fotones, la inclusión de estos efectos de dinámica nuclear, en
particular RPA y FSI, produce modificaciones muy importantes de la respuesta del gas de Fermi
ante sondas débiles. La polarización del medio (RPA) resulta esencial para obtener una descripción
aceptable de los datos. Por otro lado, los efectos FSI producen cambios significativos de la forma
de las secciones eficaces diferenciales, pero producen cambios menores en las secciones eficaces
integradas, comparables con las incertidumbres teóricas del modelo, una vez incluido los efectos
de RPA.

A bajas energías (menores de100 MeV de energía de excitación nuclear) no se debe esperar
que partiendo de un gas de Fermi se puedan describir los detalles del espectro energético de las
partículas salientes, ya que éste se ve afectado por transiciones discretas y resonancias gigantes nu-
cleares. Sin embargo, nuestro modelo reproduce satisfactoriamente los resultados experimentales
existentes de observables inclusivos: secciones eficaces integradas de dispersión neutrino–núcleo y
anchuras totales de la captura muónica por núcleos. Ésto confirma que los efectos de tamaño finito
del núcleo son poco relevantes para observables de tipo inclusivo, como queda corroborado en la
comparación que se realiza en el capítulo 4 entre resultadosobtenidos con un gas de Fermi y con
un modelo de capas para la captura muónica inclusiva nuclear.

Por el contrario, los efectos dinámicos de medio nuclear (RPA y FSI) son importantes en todo
el rango de energías estudiado en este trabajo. De hecho, es imprescindible tenerlos en cuenta si
queremos describir las secciones eficaces con precisiones del orden o menores del 10 %. A energías
del orden de centenares de MeV existen pocos resultados experimentales. A pesar de esto tenemos
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confianza en nuestro modelo, ya que un modelo análogo [17–19]es capaz de reproducir con preci-
sión las medidas de secciones eficaces inclusivas en experimentos de dispersión de electrones por
nucleos.

Hemos estudiado también en este contexto, observables de polarización del leptón final en
procesos mediados por corrientes cargadas. Estos observables no resultan ser, sin embargo, muy
sensibles a efectos nucleares para la mayor parte de las cinemáticas de interés en experimentos de
aparición de leptonesτ .

Hemos también estimado las incertidumbres que afectan a lassecciones eficaces predichas por
nuestro modelo e inducidas por las indeterminaciones en losinputsdel mismo. No hemos encon-
trado fuertes dependencias y nuestro modelo resulta estable frente a variaciones de los parámetros
microscópicos, como factores de forma, densidades nucleares y parámetros del potencial efectivo
de la interacción ph-ph. Encontramos errores relativos delorden del 10–15 % para las secciones
eficaces diferenciales en la región de energías intermedias. Las incertidumbres en observables del
tipoσ(µ)/σ(e), de vital importancia en análisis de experimentos de oscilaciones, son menores, del
orden del 5 %.

También hemos estudiado reacciones de emisión de nucleonesinducidas por neutrinos. Estas
reacciones son de especial relevancia para el estudio de procesos gobernados por corrientes neu-
tras ante la imposibilidad de detectar el neutrino saliente. Se ha utilizado una simulación Monte
Carlo para propagar los nucleones en su camino a través del núcleo. Hemos puesto de manifiesto
las deficiencias de las técnicas DWIA, diseñadas para el estudio de observables exclusivos, para
describir estos procesos donde el estado nuclear final no es detectado.

Como primer paso para extender nuestro modelo de la dispersión neutrino-núcleo a la región
del pico de la resonancia∆ y del “dip” (región entre los picos QE y de la∆) hemos estudiado
procesos de producción de un pión en reacciones neutrino-nucleón:νl + N → l + N ′ + π y
νl +N → ν ′l +N ′ + π. Nuestro modelo incluye, además del término de polo de la∆, una serie de
contribuciones no resonantes, determinadas por el patrón de rotura espontánea de simetría quiral de
QCD. Estos términos de fondo producen efectos significativos en las secciones eficaces integradas
y diferenciales, incluyendo las distribuciones angularesdel pión emitido. Estos efectos mejoran la
descripción de los resultados experimentales, cuando se compara con los resultados de los modelos
que sólo incluyen el mecanismo de la∆. Como en el caso de reacciones inducidas por electrones,
éste tipo de contribuciones no resonantes resultan ser dominantes en la región próxima al umbral
de producción de piones, y hacen necesario un reajuste de losparámetros de la transición débil
W + N → ∆. Nuestro re-análisis apunta a violaciones de alrededor de un 30 % de la relación de
Goldberger-Treiman en el sector no diagonalN − ∆.

Otra consecuencia interesante de la inclusión de estos términos de fondo en reacciones de
producción de piones es la aparición de asimetrías de paridad y quiralidad. Éstas últimas podrían
ser útiles a la hora de distinguir entre neutrinos y antineutrinos por debajo del umbral de producción
de leptones cargados.
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Apéndice A

Anchuras de desintegración y autoenergías.
Reglas de Cutkosky

La anchura de desintegración inclusivaΓ de una partícula es la suma de las contribuciones de
cada uno de los posibles canales de desintegraciónΓ =

∑

i Γi, dóndeΓi es la anchura debida al
canali-ésimo. A cada una de estas anchuras les podemos asociar un diagrama de autoenergía cons-
truido a partir del diagrama del proceso que contribuye a dicha anchura y su simétrico especular
ver fig. A.1. Para cada uno de estos canales la anchura de desintegración es

Γ =
(2π)4

2E

∫
∏

f

(
d3pf

(2π)32Ef

)

δ4

(

p−
∑

f

pf

)
∑

f

|i 〈F | − iT ′|I〉|2 (A.1)

dónde hemos factorizado lai proveniente de cada vértice1 y el subíndicef recorre todos los estados
de las partículas finales.

Figura A.1:Diagrama de desintegración y su asociado de autoenergía

1Recordemos cómoS = T exp
(
i
∫

d4xLi(x)
)
, de manera queT ′ = −iT . T es el operador de ordenación

temporal.
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A.1. Bosones

La autonergía del diagrama de autonergía para un bosón es:

−iΠ =

∫
∏

f

(
d4pf

(2π)4
P (pf)Nf

)

(2π)4δ4

(

p−
∑

f

pf

)
∑

f

i 〈F | − iT ′|I〉 i〈I| (−iT ′)
† |F 〉

(A.2)
dónde hemos definido los propagadoresPf de las partículas en el estado final

P (pf) =
i

p2
f −m2

f + iǫ
(A.3)

y Nf = 1 para bosones yNf = /pf +mf para fermiones.
Probemos

∑

f

i 〈F | − iT ′ |I〉
(
∏

f

Nf

)

i
〈

I| (−iT ′)
† |F

〉

= −
∑

f

|i 〈F | − iT ′|I〉|2 , (A.4)

que es obvio en el caso de que sólo haya bosones en el estado final. En el caso de que además haya
fermiones, conservación del número fermiónico impone que estos deben de aparecer en parejas.

En esta situación la igualdad ec. (A.4) se sigue de

−Tr
(

( /p2 −m2) Γ̃µ ( /p1 +m1) Γν
)

|i|2 = −Tr (Γν ( /p1 +m1) Γµ (− /p2 +m2)) i
2 (A.5)

dónde hemos introducido un vértice Lorentz genéricoΓµ, Γ̃µ = γ0Γµ†γ0. Gracias a la propiedad
Tr (γµγν . . . γργσ) = Tr (γσγρ . . . γνγµ) de las trazas de matrices de Dirac la ec. (A.4) se satisface
automáticamente.̃Γµ = Γµ es una condición satisfecha por los vértices vector (γµ), axial (γ5γ

µ) y
del tipoiγ5q

µ.
Probemos a continuación

Im

{

i

∫
∏

f

(
d4pf

(2π)4
P (pf )

)

(2π)4 δ4
(
p−

∑

f

pf

)

}

=

(2π)4

2

∫
∏

f

(
d3pf

(2π)32Ef

)

δ4

(

p−
∑

f

pf

)

(A.6)

para lo cual usaremos de forma iterativa el mecanismo que mostraremos a continuación para el
caso elemental de la fig.A.2.

I = Im

{

i

∫
d4p1

(2π)4

d4p2

(2π)4

i

p2
1 −m2

1 + iǫ

i

p2
2 −m2

2 + iǫ
(2π)4 δ4 (p− p1 − p2)

}

= Im

{

−i
∫

d3p1

(2π)3

d3p2

(2π)3
(2π)3 δ3 (p − p1 − p2)

×
∫ +∞

−∞

dw

2π

1

w2 − p2
1 −m2

1 + iǫ

1

(w − p0)2 − p2
2 −m2

2 + iǫ

}

(A.7)
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para realizar la integral endw, atendemos a la estructura analítica del integrando, ver fig. A.3:

I = Im

{∫
d3p1

(2π)3

d3p2

(2π)3
(2π)3 δ3 (p− p1 − p2)×

(
∫ +∞

−∞

dx

2π

1

−x2 − p2
1 −m2

1

1

(ix− p0)2 − p2
2 −m2

2

− 1

2wp2

Θ(p0 − wp2)

(wp2 − p0)2 − p2
1 −m2

1 + iǫ

)}

(A.8)

con la definiciónwp =
√

p2 +m2. Dado que en la primera integral se cumple que

∫ +∞

−∞

dx f(x) =

∫ +∞

0

dx [f(x) + f(−x)] =

∫ +∞

0

dx [f(x) + f ∗(x)] (A.9)

entonces es puramente real, con lo cual tenemos

I = Im

∫
d3p1

(2π)3

d3p2

(2π)3
(2π)3 δ3 (p − p1 − p2)

−1

2wp2

Im

{

Θ(p0 − wp2)

(wp2 − p0)2 − p2
1 −m2

1 + iǫ

}

.

(A.10)
Utilizando que

Im

{

Θ (p0 − wp2)

(wp2 − p0)2 − p2
1 −m2

1 + iǫ

}

= −πδ (p0 − wp1 − wp2)

2wp1

(A.11)

obtenemos

I =
(2π)4

2

∫
d3p1

(2π)32E1

d3p2

(2π)32E2
δ4 (p− p1 − p2) (A.12)

lo que demuestra ec. (A.6).
Por lo tanto de las ecs. (A.5) y (A.6) concluimos que para un bosón

Γ = − Im
Π

E
. (A.13)

A.2. Fermiones

Para un fermión de polarizaciónr se verifica que

Γ = −2m Im
Π̃

E
(A.14)

Π̃ =
ūr(p)Πur(p)

2m
, (A.15)
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−p2

p1

µ ν

Figura A.2:Diagrama de Feynman para la auto-energía de bosón.

wp1
+ iǫ
×

p0 − wp2 − iǫ
◦

p0 + wp2 − iǫ
◦
wp1 + iǫ

×

p0

Figura A.3:Estructura de los polos de la integral ec. (A.7).

siendo la única diferencia respecto al caso bosónico que ahoraΠ es una matriz. En efecto, tenemos
que

− 1

2m

∑

f

|i 〈F | − iT ′|I〉|2 = i2
ūr(p)Γ̃

µTµν ( /p1 +m1) Γν
ur(p)

2m

=
1

2m

∑

f

ūr(p)i 〈F | − iT ′|I〉
∏

f

Nf i〈I| (−iT ′)
† |F 〉ur(p)

(A.16)

dondeT µν es el tensor Lorentz asociado al propagador bosónico. La ec.(A.16) sustituye a ec. (A.4)
y por tanto

Γ

2m
= − Im

Π

E
(A.17)

se deduce de ec. (A.13).
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Apéndice B

Propagadores del nucleón en el medio y
funciones de Lindhard

B.1. El propagador del nucleón en un gas de Fermi

Partiendo de un campo fermiónicoψ con espínS = 1/2

ψ (x) =
∑

r,p

1
√

(2V E (p))

[
cr (p) ur (p) e−ipx + d†r (p) vr (p) eipx

]
(B.1)

dondecr (p) y dr (p) son operadores destrucción para estados de fermiones y antifermiones con
helicidadr y momentop, respectivamente. En el gas de Fermi el estado fundamental no es el
vacío |0〉, estado de cero partículas y antipartículas y que por tanto queda aniquilado por estos
operadores, si no un estado den partículas sin interacción|ψ0〉 con momentosp por debajo del
momento de Fermi,|p| ≤ kF .

Podemos hacer un cambio de notación para introducir los estados de creación y destrucción de
partícula y agujero

c (p) → c (p)

c (p) → b† (p)

|p| > kF

|p| ≤ kF

(B.2)

de manera que aniquilar un estado por debajo del nivel de Fermi equivale a crear un estado agujero
y análogamente

c† (p) → c† (p)

c† (p) → b (p)

|p| > kF

|p| ≤ kF

(B.3)

aniquilar un estado agujero supone crear un estado partícula. También introducimos la función

n (p) =

{

1 , |p| ≤ kF

0 , |p| > kF

(B.4)
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de manera que el campo de nucleón ec. (B.1) podemos reescribirlo

ψ (x) =
∑

r,p

1
√

(2V E (p))

×
[(
n (p) b†r (p) + (1 − n (p)) cr (p)

)
ur (p) e−ipx + d†r (p) vr (p) eipx

]
.

(B.5)

De esta manera se llega directamente al propagador de un nucleón en un gas de Fermi:

iG (x1 − x2) = 〈ψ0|T (ψα (x1))ψβ (x2) |Ψ0〉

=

∫
d4p

2π4

/p+M

p2 −M2 + iǫ
e−ip(x1−x2) + 2πi

∫
d4p

2π4
n(p)

/p +M

2E (p)
δ
(
p0 −E (p)

)
e−ip(x1−x2) . (B.6)

Esta expresión es idéntica a la del propagador en el vacío, salvo por el segundo sumando, que
introduce el bloqueo de Pauli para nucleones con momento pordebajo del mar de Fermi.

B.2. Funciones de Lindhard relativistas

La función de Lindhard aparece en la evaluación de propagadores de estados fermiónicos
partícula-agujero. DefinimosU (q, kn

F , k
p
F ) la función de Lindhard relativista en un medio nuclear

asimétrico,

UR (q, kn
F , k

p
F ) = 2

∫
d3p

(2π)3

M

E (p)

M

E (p + q)

Θ (kn
F − |p|)Θ (|p + q| − kp

F )

q0 + E (p) − E (p + q) + iǫ
+(q → −q) (B.7)

donde la segunda contribución tiene en cuenta el diagrama cruzado del propagador ph.
La parte imaginaria de esta función se calcula cuando los estados intermedios se ponen en capa

de masas, y tenemos nucleones reales. Para energías transferidas positivas (q0 > 0) sólo el término
directo contribuye a la parte imaginaria de la ec. (B.7), resultando

ImUR (q, kn
F , k

p
F ) =

∫

d3pFR (q,p, kn
F , k

p
F )

= −M2 Θ (q0)Θ (−q2)

2π|q| Θ
(
En

F − Ep
F + q0

)
Θ (En

F − Ep
R) (En

F − Ep
R)

(B.8)

con

FR (q,p, kn
F , k

p
F ) = −M

2

4π2

Θ (q0) δ (q0 + E (p) − E (p + q))

E (p)E (p + q)
Θ (kn

F − |p|)Θ (|p + q| − kp
F )

(B.9)
con

Ep
R = Max

{

M,Ep
F − q0,

−q0 + |q|
√

1 − 4M2/q2

2

}

(B.10)
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y la energía de Fermi relativista esEn,p
F =

√

M2 + (kn,p
F )

2.
Otras expresiones relevantes relacionadas con estas integrales y que aparecen al evaluar el

tensor hadrónico de la ec. (2.39) son

T 0
R (q, kn

F , k
p
F ) =

∫

d3pFR (q,p, kn
F , k

p
F )E (p) =

1

2
(En

F + Ep
R) ImUR (q, kn

F , k
p
F ) (B.11)

TR (q, kn
F , k

p
F ) =

∫

d3pFR (q,p, kn
F , k

p
F )p

=

(
q2

2|q|2 ImUR (q, kn
F , k

p
F ) +

q0

|q|2T
0
R (q, kn

F , k
p
F )

)

q

(B.12)

R00
R (q, kn

F , k
p
F ) =

∫

d3pFR (q,p, kn
F , k

p
F )E2 (p)

=
1

3

(

(En
F )2 + (Ep

R)
2
+ Ep

RE
n
F

)

ImUR (q, kn
F , k

p
F )

(B.13)

RR (q, kn
F , k

p
F ) =

∫

d3pFR (q,p, kn
F , k

p
F )E (p)p

=

(
q2

2|q|2T
0
R (q, kn

F , k
p
F ) +

q0

|q|2R
00
R (q, kn

F , k
p
F )

)

q

(B.14)

Rij
R (q, kn

F , k
p
F ) =

∫

d3pFR (q,p, kn
F , k

p
F ) pipj =

aR − bR
2

δij +
3bR − aR

2|q|2 qiqj (B.15)

con

aR (q, kn
F , k

p
F ) = R00

R (q, kn
F , k

p
F ) −M2 ImUR (q, kn

F , k
p
F ) (B.16)

y

bR (q, kn
F , k

p
F ) =

1

4|q|2
{

q4 ImUR (q, kn
F , k

p
F )+4

(
q0
)2
R00

R (q, kn
F , k

p
F )+4q2q0T 0

R (q, kn
F , k

p
F )
}

(B.17)

y los índicesi, j = 1, 2, 3.

B.3. Funciones de Lindhard no-relativistas

Si utilizamos una relación de dispersión no relativista para el nucleón

E (p) ≈M +
p 2

2M
≡ Ē (p) (B.18)
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tenemos que, por consistencia, debemos sustituir los factoresM/E (p), M/E (p + q) ∼ 1 en las
definiciones de función de Lindhard y en todas las integralesdadas en la sección anterior.

De esta manera las funciones de la sección anterior toman la forma:

U (q, kn
F , k

p
F ) = 2

∫
d3p

(2π)3
Θ (kn

F − |p|)Θ (|p + q| − kp
F )

q0 + Ē (p) − Ē (p + q) + iǫ
+ (q → −q) (B.19)

ImU (q, kn
F , k

p
F ) =

∫

d3pF (q,p, kn
F , k

p
F )

= −M2 Θ (q0)Θ (−q2)

2π|q | Θ
(
Ēn

F − Ēp
F + q0

)
Θ
(
Ēn

F − Ep
) (
Ēn

F − Ep
)

(B.20)

con

F (q,p, kn
F , k

p
F ) = − 1

4π2
Θ
(
q0
)
δ
(
q0 + Ē (p) − Ē (p + q)

)
Θ (kn

F − |p|) Θ (|p + q| − kp
F )

(B.21)
y las definiciones

Ep = Max

{

Ēp
F − q0,M +

1

2M

(
Mq0

|q| − |q|
2

)2
}

(B.22)

y Ēn,p
F = M + (kn,p

F )
2
/2M .

Por otra parte tenemos,

T 0 (q, kn
F , k

p
F ) =

∫

d3pF (q,p, kn
F , k

p
F ) Ē (p) =

1

2

(
Ēn

F + Ep
)
ImU (q, kn

F , k
p
F ) (B.23)

T (q, kn
F , k

p
F ) =

∫

d3pF (q,p, kn
F , k

p
F )p =

(

−1

2
+
Mq0

|q|2
)

ImU (q, kn
F , k

p
F )q (B.24)

R00 (q, kn
F , k

p
F ) =

∫

d3pF (q,p, kn
F , k

p
F ) Ē2 (p)

=
1

3

((
Ēn

F

)2
+ (Ep)2 + EpĒn

F

)

ImU (q, kn
F , k

p
F )

(B.25)

R (q, kn
F , k

p
F ) =

∫

d3pF (q,p, kn
F , k

p
F ) Ē (p)p =

(
Mq0

|q|2 − 1

2

)

T 0 (q, kn
F , k

p
F )q (B.26)

Rij (q, kn
F , k

p
F ) =

∫

d3pF (q,p, kn
F , k

p
F ) pipj =

a− b

2
δij +

3b− a

2|q|2 q
iqj (B.27)

con
a (q, kn

F , k
p
F ) = 2M

{

T 0 (q, kn
F , k

p
F ) −M ImU (q, kn

F , k
p
F )
}

(B.28)

y

b (q, kn
F , k

p
F ) =

1

4|q|2
(
2Mq0 − |q|2

)2
ImU (q, kn

F , k
p
F ) . (B.29)
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También aparece en nuestros cálculos la función de LindhardU∆ para los estados∆h, que se
estudia detalladamente en [168]. Su expresión es:

U∆ (q) =
16

9

[
f ∗

f

]2 ∫
d3k

(2π)3
n (k)

q0 + E (k) − ωR − ǫ (k + q) + iΓ ((k + q) /2)
+ (q → −q)

(B.30)
dóndeωR = m∆ −M y Γ (q) es la anchura en el vacío de la Delta. Esta anchura es idénticamente
0 por debajo del umbral de producción de piones.

En materia nuclear simétrica suele definirse la función de Lindhard de nucleónUN (q, kF ) =
2U (q, kF , kF ), que incluye un factor 2 de isospín. También es útil la función de LindhardU =
UN + U∆, que incluye los propagadores de nucleón y de la∆.
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Apéndice C

Tensores de nucleón

C.1. Corrientes cargadas

C.1.1. Aproximación de impulso

Si efectuamos las trazas de la ec. (2.38) teniendo en cuenta que en la ec. (2.39) los nucleones
en estados partícula y agujero están en capa de masas,p2 = (p + q)2 = M2, 2p · q + q2 = 0,
llegamos a

Aµν(p, q) = 16(F V
1 )2

{

(p+ q)µpν + (p+ q)νpµ +
q2

2
gµν

}

− 16F V
1 µV F

V
2 (qµqν − q2gµν)

+ 2q2(µV F
V
2 )2

{

4gµν − 4
pµpν

M2
− 2

pµqν + qµpν

M2
− qµqν

(
4

q2
+

1

M2

)}

+ 4G2
A

{

2pµpν + qµpν + pµqν + gµν(
q2

2
− 2M2) − 2M2(2m2

π − q2)

(m2
π − q2)2

qµqν

}

− 16iGA

(
F V

1 + µV F
V
2

)
ǫµναβqαpβ ,

(C.1)

que admite una descomposición

Aµν(p, q) = a1g
µν + a2

(

pµpν +
pµqν + pνqµ

2

)

+ ia3ǫ
µναβpαqβ + a4q

µqν (C.2)
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y de ec. (C.1) tenemos

a1(q
2) = 8q2

{

(F V
1 + µV F

V
2 )2 +G2

A

(
1

4
− M2

q2

)}

(C.3)

a2(q
2) = 32(F V

1 )2 − 8(µVF
V
2 )2 q

2

M2
+ 8G2

A (C.4)

a3(q
2) = 16GA(F V

1 + µV F
V
2 ) (C.5)

a4(q
2) = −8q2

M2
(µV F

V
2 )2

(
M2

q2
+

1

4

)

− 8M2G2
A

m2
π − q2

(
q2

m2
π − q2

+ 2

)

− 16F V
1 µVF

V
2 (C.6)

C.1.2. Correcciones RPA

Cuando tenemos en cuenta las correciones RPA asumimos que elmomento transferidoq va en
la dirección del ejez y despreciamos contribuciones de ordenO (kFp2/M2 , kFp′2/M2, kF q

0/M).
Así llegamos a las expresiones

A00
RPA

4M2
= 8(F V

1 )2

{

CN

(
E(p)

M

)2

+
q2/4 + q0E(p)

M2

}

− 4CNF
V
1 µVF

V
2

q2

M2

− 2
q2

M2
(µVF

V
2 )2

{
p2 + q0E(p) + (q0)2/4

M2
+

(q0)2

q2

}

+ 2G2
A

{
q0E(p) + q2/4 + p2

M2
− CL

(q0)2

m2
π − q2

(
q2

m2
π − q2

+ 2

)}

(C.7)

A0z
RPA

4M2
= 4(F V

1 )2

{

CN

E(p)

M

2pz + |q|
M

+
q0pz

M2

}

− 4F V
1 µV F

V
2

q0|q|
M2

− q2

M2
(µVF

V
2 )2

{
E(p)

M

2pz + |q|
M

+ 2
q0|q|
q2

+
q0 (2pz + |q|)

2M2

}

+ 2G2
A

{

CL

E(p)

M

2pz + |q|
2M

+
q0pz

2M2
− CL

q0|q|
m2

π − q2

(
q2

m2
π − q2

+ 2

)}

(C.8)

Azz
RPA

4M2
= 8(F V

1 )2

{
p2

z + |q|pz − q2/4

M2

}

− 4

(
q0

M

)2

F V
1 µVF

V
2

− 2
q2

M2
(µV F

V
2 )2

{(
2pz + |q|

2M

)2

+
(q0)2

q2

}

+ 2G2
A

{

CL +
p2

z + |q|pz − q2/4

M2
−CL

q2

m2
π − q2

(
q2

m2
π − q2

+ 2

)}

(C.9)

Axx
RPA

4M2
= 8(F V

1 )2

{
p2

x − q2/4

M2

}

− 4CT

q2

M2
F V

1 µV F
V
2

− 2
q2

M2
(µV F

V
2 )2

{

CT +
p2

x

M2

}

+ 2G2
A

{

CT +
p2

x − q2/4

M2

} (C.10)
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Axy
RPA

4M2
= 4iGA(F V

1 + µVF
V
2 )

(
q0pz

M2
− CT

|q|E(p)

M2

)

(C.11)

con los coeficientes de polarización definidos como

CN(ρ) =
1

|1 − c0f ′(ρ)UN(q, kF )|2 (C.12)

CT(ρ) =
1

|1 − U(q, kF )Vt(q)|2
(C.13)

CL(ρ) =
1

|1 − U(q, kF )Vl(q)|2
(C.14)

dóndeUN es la función de Lindhard de nucleón yU = UN +U∆ contiene también la contribución
de la resonancia∆(1232) según están definidos en ap.B.

Para preservar la estructura Lorentz del tipoqµqν en los términos pseudoscalar-pseudoscalar y
pseudoscalar-axial del tensor CC, hemos mantenido las correcciones RPA en los términos

(q0)2

m2
π − q2

(
q2

m2
π − q2

+ 2

)

(C.15)

deA00
RPA, a pesar de su dependencia en(q0/|q|)2 ≈ O(q2/M2).

C.2. Corrientes neutras

C.2.1. Aproximación de impulso

En el caso de reacciones inclusivas inducidas por corrientes neutras el tensor de nucleón tiene
una forma general:

Aµν
N (p, q) = aN

1 g
µν + aN

2

(

pµpν +
pµqν + pνqµ

2

)

+ iaN
3 ǫ

µναβpαqβ + aN
4 q

µqν (C.16)

con

a1(q
2) = 8q2

{

(FZ
1 + µZF

Z
2 )2 + (GZ

A)2

(
1

4
− M2

q2

)}

(C.17)

a2(q
2) = 32(FZ

1 )2 − 8(µZF
Z
2 )2 q

2

M2
+ 8(GZ

A)2 (C.18)

a3(q
2) = 16GZ

A(FZ
1 + µZF

Z
2 ) (C.19)

a4(q
2) = −8q2

M2
(µZF

Z
2 )2

(
M2

q2
+

1

4

)

− 16FZ
1 µZF

Z
2 (C.20)

dónde hemos omitido un índice obvioN = n, p en los factores de forma.
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C.2.2. Correcciones RPA en NC

AL igual que en el caso de CC tomamosq en la direcciónz y tras sumar la serie RPA, y
despreciando correciones relativistas de orden superior llegamos a las correciones RPA en materia
nuclear simétrica
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dónde los coeficientes de polarizaciónCN, CT y CL están definidos en ecs. (C.12)-(C.14) y

DN(ρ) =
1

|1 − c0f0(ρ)UN (q, kF )|2 , (C.26)

EN(ρ) =
1

|1 − c0g0(ρ)UN (q, kF )|2 (C.27)

son los coeficientes de polarización inducidos por los términos isoscalares de la interacción efecti-
va.
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Apéndice D

PWIA: Un test para el modelo de capas

Los cálculos en el modelo de capas han sido testeados mediante una comparación con el mo-
delo de ondas planas factorizadas en aproximación de impulso, (factorized plane-wave impulse
approximation, PWIA) [115]. En este modelo no hay interacción de estado final, por lo que las
funciones de onda de neutrón son ondas planas. De esta maneralos elementos de matriz del ten-
sor hadrónico (4.20) se pueden calcular trivialmente en términos del producto de un elemento de
matriz de corriente monoparticular multiplicado por la transformada de Fourier de una función de
solapamiento que depende delmissing momentum. Este enfoque es parecido al dado en [169] para
la reacción(e, e′p), pero aquí la función de solapamiento incluye la contribución de la función de
onda del muón ligado. Además son necesarias una integraciónen momentos y una suma sobre los
estados iniciales si queremos obtener resultados para la reacción inclusiva de captura muónica.

Este enfoque PWIA es equivalente a suponer que los estados finales de nuestro modelo de capas
no sienten el potencial Wood-Saxon. De esta manera podemos chequear hasta que punto nuestra
expansión en multipolos es correcta y fijar el número de multipolos que debemos conservar en
la sumatoria sobreJ de las ecuaciones (4.36), (4.37), (4.38), (4.39), (4.40). Cuando sumamos
los cinco primeros cinco multipolos las diferencias entre el modelo PWIA y el shell model con
neutrones libres en el estado final se hacen despreciables.
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