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УСПЕХИ ФИЗИЧЕСКИХ НАУК

МЕТОД ТАММА - ДАНКОВА

В. П. Силин и В. Я. Файнберг

ВВЕДЕНИЕ

Развитие квантовой теории поля за последние несколько лет
привело к несомненному успеху квантовой электродинамики. В на»
стоящее время все доступные экспериментальной проверке выводы
квантовой электродинамики полностью подтверждаются опытом, хотя
последовательная трактовка теории наталкивается на ряд затруднег
ний. Успех теории связан с малостью константы тонкой структуры
e2lfic и возможностью применения теории возмущений. В отличие от
Электродинамики теория возмущений заведомо не пригодна в случае
квантовой мезодинамики. Однако вполне возможно, что современная
мезонная теория окажется применимой в определённой области энер-
гий. Для ответа на этот вопрос необходимо использовать методы,
не связанные с разложением по степеням константы взаимодействия.
Одним из таких методов, исследованию которого в последние
3—4 года посвящено много работ, является метод Тамма — Дан-
кова *).

Настоящая статья посвящена изложению основ этого метода
и его применению к различным конкретным проблемам квантовой
теории мезонов. Главное внимание уделено общим вопросам форму-
лировки метода и анализу трудностей, возникающих при попытке
перенормировать уравнения, полученные согласно методу Т. Д.

Метод Тамма — Данкова был сформулирован первоначально
(1945 г.) в нековариантном виде И. Е. Таммом *, а затем, в 1950 г.,
Данковым2 в применении к проблемам квантовой мезодинамики **).
Необходимо отметить, что аналогичный метод ещё в 1934 году был
применён Фоком к некоторым вопросам квантовой электродинамики3.
Сущность метода Т. Д. состоит в обрыве, по числу частиц, системы

*) В дальнейшем сокращённо: метод Т. Д.
**) По общепринятой терминологии первоначальная формулировка метода

носит название старого метода Т. Д.
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строгих уравнений квантовой мезодинамики и в последующем точном
решении такой приближённой системы уравнений. Вопросы, связан-
ные с нековариантной формулировкой старого метода Т. Д., обсуж-
даются в § 1. Попытки решать уравнения непосредственно в неко-
вариантной записи сталкиваются с двоякого рода трудностями:
во-первых, не ясно, как однозначно устранить бесконечности соб-
ственно энергетического типа и, во-вторых, в уравнениях появля-
ются дополнительные бесконечности, связанные с замкнутыми ваку-
умными петлями. Ковариантная формулировка старого метода Т. Д.,
предложенная Чини4, излагается в § 2. Здесь же обсуждается
вопрос о граничных условиях и переход к импульсному представ-
лению.

В § 3, на примере уравнений для двух нуклонов и для нуклона
и мезона, анализируются трудности, возникающие при попытке пе-
ренормировать уравнения старого метода Т. Д., записанные в кова-
риантной форме. Показано, что метод перенормировки, предложен-
ный Чини4, является ошибочным. В случае собственной энергии
нуклона (массовый оператор) метод Чини приводит к неправильным
конечным добавкам, а в случае собственной энергии мезона (поля-
ризационный оператор) — к дополнительным расходимостям при пе-
реходе к импульсному представлению \

Ковариантная форма записи уравнений старого метода Т. Д. не
устраняет также затруднений, связанных с вакуумными петлями.

В § 4 обсуждаются различные попытки, связанные с примене-
нием старого метода Т. Д. к взаимодействию нуклонов.

§ 5 посвящен решению задачи рассеяния π-мезонов на нуклонах
в состоянии с / = 3 / 2 *) в рамках старого метода Т. Д., без учёта
вклада от вакуумных петель и членов собственной энергии. Эта
задача была решена в работе 6 для случая симметричной псевдоска-
лярной теории с псевдоскалярной связью. При этом оказалось, что
в отличие от теории возмущений метод Т. Д. даёт хорошее согла-
сие с опытом.

В §§ 6—8 рассматривается новая формулировка метода Т. Д. **),
предложенная Дайсоном7"9, с целью избежать указанные выше
затруднения с перенормировкой в старом методе Т. Д.

В § 6 излагается связь между амплитудами старого и нового
метода Т. Д. Показано, каким образом, исходя из этой связи,
можно сформулировать правильные граничные условия в уравнениях
нового метода1П, и дана ковариантная формулировка этого метода.
Существенным преимуществом уравнений нового метода Т. Д* яв-

*) / — изотопический спин системы π-мезои -f- нуклон. При решении
этой задачи в состоянии с / = ]/2 возникают дополнительные трудности,
обусловленные недопустимой сингулярностью ядра в этом состоянии (см.
конец § 3).

**) В дальнейшем: новый метод Т. Д.
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ляется отсутствие в них бесконечностей, связанных с вакуумными
петлями.

В § 7 рассматривается перенормировка собственной энергии нук-
лона в уравнении для двух нуклонов, получен! ом в низшем прибли-
жении нового метода Т. Д. Исследование показывает, что все бес-
конечности, возникающие в таком уравнении, могут быть устранены
путём ковариантной перенормировки масс обоих нуклонов и константы
связи g. Проблема nepei ормировки поляризационного оператора,
возникающего в уравнении для системы мезон -\- нуклон в новом
методе Т. Д., оказывается более сложной. Исследованию этого
вопроса посвящен § 8. Анализ показывает, что несмотря на то, что
поляризационный оператор преобразуется к ковариантной форме, вы-
деление из него бесконечных величин приводит к появлению двух
перенормированных зарядов1 1. Кроме того, учёт конечных добавок,
остающихся после перенормировки, приводит к возникновению в урав-
нении дополнительных полюсов, не имеющих прямого физического
смысла10' 12. Наличие таких полюсов в перенормированных уравне-
ниях является общим свойством приближённых уравнений современ-
ной квантовой теории поля и свидетельствует об ограниченной
области их применимости 1 3~ 1 6.

Наконец, в § 9 кратко рассмотрен вопрос о связи уравнений
типа Т. Д. с ковариантными уравнениями17-18.

§ 1. ТРЁХМЕРНАЯ ФОРМУЛИРОВКА СТАРОГО МЕТОДА
ТАММА — ДАНКОВА

В этом параграфе мы кратко остановимся на первоначальной * · 2

нековариантной форме старого метода Т. Д. Это облегчит, с одной
стороны, понимание дальнейшего изложения, и, с другой стороны,
позволит лучше уяснить сущность этого метода (обрыв уравнений
по числу частиц, смысл амплитуд, вопросы нормировки и ортого-
нальности). Здесь необходимо подчеркнуть, что все конкретные
расчёты в рамках метода проще делать именно в трёхмерной
форме, в то время как для понимания природы трудностей,
связанных с устранением из уравнений расходящихся величин (пере-
нормировка), более удобна ковариантная форма записи, предложен-
ная Чини4.

Сформулируем метод Т. Д. на примере взаимодействия мезон-
ного и нуклонного полей. Будем исходить из уравнения Шредингера
для стационарных состояний

(Η,+Η^Ψ^ΨΨ, (1.1)

где Но и И' — соответственно гамильтонианы свободных полей
и взаимодействия, Ψ — вектор состояния (функционал) во вторично
квантованном представлении, a W — собственное значение оператора
полной энергии в этом состоянии.
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Решение (1.1) будем искать в виде разложения по собственны»!
функциям Φχ (Ν) свободного гамильтониана:

(1.2)

Здесь Ψ ο — вектор физического вакуума, индекс N характеризует
число свободных мезонов, нуклонов и антинуклонов в состоянии Φχ (Ν);
λ — остальные переменные этих частиц (например, импульсы и спи-
ны), а коэффициенты разложения αχ (Ν) имеют смысл амплитуд ве-
роятности найти в состоянии Ψ Ν свободных частиц.

Функции Φ λ (/V) образуют полный набор нормированных и вза-
имно ортогональных собственных функций оператора Но. В явном
виде можно написать

Фх (/V) = [Π (Λ/)]-1'· СА (Ν)Ф„. (1.3)

Здесь С\ (М) — произведение N операторов рождения; например,

() Q*(k1)Q*(K)---QiK)B"l(Pi)B"2(P)---Bn" (pj, где
Q*(k) — оператор рождения мезона с импульсом к, Вп*(р) — оператор
рождения нуклона с импульсом ρ ( η = 1 , 2 и характеризует направ-
ление спина нуклона) и Вп* (р) — тоже для антинуклона с импуль-
сом р, когда η = 3,4; операторы Q, Q* и Вп, В"* подчиняются
обычным правилам коммутации:

I<?(k,), Q* (к )1 _ = δ Α Α ; [θ». ( Ρ ι ) , Β "* (р,)]+ = 8„ 1 Я ,8 № , (1.3')

где [ ] т означает соответственно коммутатор и антикоммутатор;
Фц — вектор состояния вакуума невзаимодействующих полей. По
определению вакуума

<3(к)Ф1) = 5"(р)Ф и = 0. (1.4)

Π (Ν) = (JV, !) (Λ/L!)... — нормировочная постоянная, где /V,, Ν*
и т. д. — числа заполнения. Условие ортогональности для Φχ (Λ )̂
гласит:

(Φ*,(ΛΟ, Фх(Л0) = 8и.8ЛГДг.. (1.5)

Воспользовавшись (1.3) и (1.5), можно написать явное выражение
для амплитуд αχ (TV) через операторы поглощения Q и В":

(1-6)
Если предположить, что вектор состояния Ψ нормирован, например
на единицу,

(Ψ*. Ψ ) = 1 , (1.7)

то отсюда, с учётом (1.2) и (1.5), сразу вытекает условие норми-
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ровки для амплитуд αχ (Ν):

λ, Ν

Подставим теперь разложение (1.2) в (1.1). Тогда, принимая во вни-
мание формулы (1.3) —(1.5), получим следующую бесконечную си-
стему интегральных уравнений для амплитуд (уравнение Шредингера
в представлении чисел заполнения):

= 5 > , Ν\Η'\λ', Ν')*ν(Ν% (1.9)
V,N

где (λ, ΝI И'\ λ', Λ/') = (Φ^ (Ν), Η'Φν (Ν')) — матричный элемент
Η', & E\tN — собственное значение Но в состоянии Φκ(Ν)

//υΦλ (Ν)=ЕК „Φλ ( л о = ( Σ » * , + Σ Εη)Φλ w ·

причём <ok = - j- ]ίγ? -\- к2 и Е р = -f- У'Л!2 -|- ρ 2 — соответственно-
энергия свободного мезона с импульсом к и свободного нуклона
(или антинуклона) с импульсом ρ *).

Система уравнений (1.9) является точной системой уравнений
квантовой теории мезонного поля.

До сих пор не найдено способов точного решения этой системы
уравнений. В случае электродинамики оказывается вполне достаточ-
ным решить систему (1.9) с помощью теории возмущений в соот-
ветствующем для каждой конкретной задачи приближении. Однако
в случае мезонной теории благодаря сильному взаимодействию по-
лей решение по методу теории возмущений приводит к совершенно
неправильным результатам. Возникает необходимость в построении
иного метода решения системы (1.9). Таким методом, существенно
отличающимся от теории возмущений, является метод Тамма —
Данкова. Сущность метода Т. Д. заключается в следующем.

Для построения приближённого решения уравнений (1.9), или, что
то же самое, уравнения (1.1), предполагается, что вектор состояния
представляет собой не бесконечную, как это, повидимому, имеет
место в случае точного решения, а конечную суперпозицию состоя-
ний свободных частиц. Другими словами, в разложении (1.2) при-
нимаются отличающимися от нуля лишь амплитуды α (Ν), соответ-
ствующие числу виртуальных частиц Ν, меньшему некоторого /Vo.
Для системы уравнений (1.9) это соответствует отбрасыванию всех
уравнений, в левых частях которых содержатся амплитуды для
числа частиц, превышающих Мо, и пренебрежению такими амплиту-
дами в оставшихся уравнениях.

*) Всюду в дальнейшем % = с = 1.
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С физической точки зрения такой обрыв основан на предполо-
жении, что состояния с числом виртуальных частиц | > Мо вносят пре-
небрежимо малый вклад в рассматриваемый процесс. С математиче-
ской точки зрения метод Тамма — Данкова представляет использо-
вание в квантовой мезодинамике метода Ритца — Галеркина в функ*
циональном пространстве.

Действительно, здесь, как и в методе Ритца — Галеркина, точ-
ный функционал системы (1.2), зависящий от бесконечного числа
•функций αχ (Λ/), апроксимируется конечным числом таких функций.

Исследование вопросов о сходимости последовательных прибли-
жений этого метода (в мезодинамике) является очень сложной и пока
«е решённой проблемой. Физические надежды в этом отношении
связаны главным образом с успешным применением метода к ряду
•конкретных физических проблем, в которых удалось в ряде случаев
получить качественное, а иногда (рассеяние мезонов на нуклонах
в состоянии с / = 3/2) неплохое количественное согласие с опытом в.

Математически условия применимости метода Тамма — Данкова
можно сформулировать так:

Σ |αχ(Λ0|2<1· 0-Ю)
К Ν>Ν0

Уравнения (1.9) записаны в явно релятивистки неинвариантной
-форме. В связи с этим, при попытке решать эти уравнения по ме-
тоду Т. Д., уже в низших приближениях возникают существенные
затруднения. Во-первых, не ясно, как однозначно производить пере-
нормировку расходящихся членов типа собственной э ергии, кото-
рые появляются в этих уравнениях. По этой причине в большинстве
исследований тех или иных конкретных вопросов, произведённых
до сих пор старым методом Т. Д., собственно энергетические члены
просто зачёркивались. Во-вторых, в оборванных уравнениях (1.9)
появляются дополнительные бесконечные члены, обусловленные ва-
куумными петлями. В отличие от теории 5-матрицы, в старом ме-
тоде Т. Д. не удаётся устранить бесконечности вакуумного типа
•с помощью перенормировки функционала системы *). Для исследо-
вания этих вопросов Чини4 предложил ковариантную формулировку
метода Тамма — Данкова.

•§ 2. КОВАРИАНТНАЯ ФОРМА СТАРОГО МЕТОДА ТАММА — ДАНКОВА

Для ковариантной формулировки метода Т. Д. удобно исходить
из представления взаимодействия. В этом представлении вектор со-
стояния Ψ (σ), зависящий от пространственно-подобной поверхно-
сти σ, подчиняется уравнению

/ - ^ = / / ' ( * ) Ψ (σ), (2.1)

*) См. также § 3.



МЕТОД ТАММА — ДАНКОВА

«ли в интегральной форме

σ

Ψ (σ) = Ψ ( - οο) - Ι fa' (χ1) Ψ (σ') dx',

575

(2.2)

где Η' (χ) — гамильтониан взаимодействия.
В случае псевдоскалярной симметричной мезонной теории с псе-

вдоскалярной связью *)

И' (х) = (ig/2) (ψ, (χ) ψβ (χ) - ψ? (χ) ψ«(*)) (γ5

τί)«Ρ ?, (Χ) =

= ^ψα (χ) ( γ ^ ψ , (Χ) φ, (х) **)· (2.3)

Здесь Oft (χ) и φ, (χ) (/ = 1, 2, 3) — операторы свободных нуклон-
ного и мезонного полей; τ( — операторы изотопического спина ну-
клона; индексы α и β пробегают каждый восемь значений и хара-
ктеризуют как спинсрные, так и изотопические компоненты нуклон-
ного оператора.

Фурье-разложение операторов имеет вид;
2

= Σ j " и " (ρ) & n(p
ζ

= -{щг Σ J "" (Ρ)β"
4

= Σ f
n = 3

я=3

wa ( Ρ ) β η * (Ρ) exp [ - / (ΡΓ -

= Γ 4i (k)

ν ' exp [ - / (kr -

(2.4)

*) Все дальнейшие выкладки будут производиться с гамильтони-
аном (2.3).

**) Это следует из того факта, что Sp (^Sa? (0)) = 0, где 5 , р (х) —
перестановояная нуклонная функция.
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где

ψ<+> является оператором поглощения нуклона, ψ(~> — операто-
ром рождения антинуклона, φ(+> — оператором поглощения мезона,
<р<-> — оператором рождения мезона. Индекс я в формулах (2.4)
соответствует номеру решения уравнения Дирака с заданными спи-
ном, изотопическим спином и энергией. При этом

и" — решение уравнения Дирака в состоянии с положительной энер-
гией, αν" — то же для антинуклонов в состоянии с положительной
энергией. Далее,

φ (*) = φ<+> (Ж)+ <?<->(*).

Между операторами имеют место обычные соотношения коммутации

[ψ. (χ), = - iSa9 (χ - χ'),

). ψ (*') (2.5)

Остальные скобки равны нулю. Входящие в (2.5) инвариантные пере-
становочные функции равны

Δ W = - -ЩГ J

sin « k

1 e x p [̂  ( k r
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Выпишем также инвариантные функции Δ'1', Δ, \f, S ( 1 ), S и
торые нам понадобятся в дальнейшем:

ко-

Δ (χ) = - ε (χ) Δ (χ) = ^ ρ j

И Т. д.

(2.7)

Ковариантные амплитуды в старом методе Тамма — Данкова опре-
деляются следующим образом *):

(Ф0 ) φ(+> (*) Ψ (о)) ^

(Фо,

(фо. ψ ) ·-·ψ ( - ! κ
i s ) ) -

η) Χ

"(*π)ΧΧ

Здесь < С с Р ^ ( л ; ) ^ > — одномезонная амплитуда,
О о О σ

о д н о н у к л о н н а я а м п л и т у д а ; < ^ ψ ( ~ 4 * ι ) · · · ¥ ~ ) ( χ

η ) ¥ + ) Ο Ό •·•

(2.8)

есть η -\~ т -\- г-частичная ампли-

туда (т — нуклонов, η — антинуклонов и г — мезонов).
Фо — вектор состояния математического вакуума. По опре-

делению

Ψ (о) — вектор состояния, подчиняющийся уравнению (2.1).
Отметим, что в (2.8) четырёхмерные точки χγ.. .хп, у1.. .ут,

ζχ.. .ζΓ, вообще говоря, не обязаны лежать на σ.
Благодаря (2.9) в старом методе Тамма — Данкова все амплитуды,

содержащие справа операторы рождения φ<->, ψ<~> и ψ<+>, тожде-
ственно равны нулю.

*) Связь ковариантных амплитуд (2.8) с трёхмерными (1.6) см. ниже
(2.17) и (2.18).
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Из (2.1), (2.2) и (2.8) легко получается бесконечная система
уравнений для амплитуд типа (2.8)

. • ·Ψ ( + )ϋΟΧ

=.(ф0. ^P(*i)· · ·Ψ~(*η) Χ

. (2.ιο>

или в интегральной форме

- / J Лс' (Фо, ψ(=) (* α ).. .φ(+) (г,)Η' (χ') Ψ (σ')). (2.11>

—οο

Чтобы выразить правую часть уравнений (2.10) и (2.11) явно через-
амплитуды типа (2.8), необходимо, используя перестановочные соот-
ношения (2.5), расположить все операторы поглощения справа от
операторов рождения (Ν — упорядочивание 2 0 - 2 1 ) . В простейших
случаях имеем:

для одномезонной амплитуды и

(χ) Ψ[

для однонуклонной амплитуды.
В (2.12) и (2.13) мы для определённости ввели спинорные (α, β, λ)

и изотопические (,, k) индексы.
Система уравнений (2.10) (или (2.11)) распадается на независи-

мые подсистемы по величине ядерного заряда: разность числа опе-
раторов ψ'+J и числа сопряжённых операторов ψ<~> в каждой под-
системе постоянна.
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Чтобы получить приближённую оборванную систему уравнений
(см. § 1), следует в точной системе уравнений (2.10), (2.11) отбро-
сить все амплитуды с числом частиц, большим некоторого Nr В ре-
зультате получится полная и, как можно показать, совместная си-
стема уравнений старого метода Т. Д. для определения амплитуд
типа (2.8) с числом частиц, не превышающем числа Л/о.

Здесь важно подчеркнуть, что многие авторы 22-25) работавшие
с уравнениями старого метода Т. Д., понимают под этим термином
одно уравнение для одной из амплитуд типа (2.8), соответствующей
реально имеющейся в данной задаче системе частиц (например,
нуклол -\- мезон в теории рассеяния или два нуклона в теории дей-
трона), причём это уравнение получается из системы уравнений (2.10)
или (2.11) исключением из неё всех амплитуд, кроме искомой*).
Это исключение обычно сводится к тому, что ядро точного инте-
грального уравнения для выделенной амплитуды разлагается в ряд
по степеням константы взаимодействия и, практически, обрывается
на некоторой степени этой константы. Поскольку, однако, такое
разложение, вообще говоря, расходится, то подобное упрощение
системы оборванных уравнений может привести к неправильным ре-
зультатам. Поэтому систему уравнений типа (2.10), возникающую
после обрыва, необходимо решать точно. Это требование является
существенной составной частью метода Тамма — Данкова. Заметим,
что в первом приближении уравнения, получающиеся при указанных
двух различных подходах, совпадают.

Рассмотрим переход к импульсному представлению в уравнениях
(2.10) и (2.11). Используем для этого явную зависимость Ψ (<з) от
времени для стационарных состояний. Выберем в качестве з пло-
скую поверхность / = const. Векторы состояний в представлении

взаимодействия — Ψ (t) — и в представлении Шредингера — Ψ (t) —
связаны соотношением вида

W(O = exp[tf/of]W(f), (2.14)

где # „ — гамильтониан свободных полей.

Для стационарного состояния с полной энергией W (в системе цен-
тра инерции) имеем:

Ψ (t) = exp [— iWt] Ψ. (2.15)

Из (2.14) и (2.15) следует

= exp[— t(W— Η0)ί]Ψ. (2.16)

*) Так называемый метод Леви — Клейна 2 2 · 2 3 .
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Ψ совпадает с вектором состояния в гейзенберговском представле-
нии, с помощью которого первоначально были определены (см. (1.2))
амплитуды старого метода Тамма — Данкова.

С помощью формул (2.4) и (2.16) можно выразить зависящие от
времени ковариантные амплитуды (2.8) через не зависящие от вре-
мени амплитуды типа (1.6). Для простейших случаев получаем:

*)>,=

(ЗДЧО, (2-17)

) > t = Σ J -$Ψ u"(p) exp [ipx -l ( r~ E>w (φο-Β" (ρ)ψ)·
л = 1

(2.18)

С помощью соотношений, аналогичных (2.17) и (2.18), а также вы-
ражений для перестановочных функций (2.6) система ковариантных
уравнений (2.10) или (2.11) может быть преобразована в системе
уравнений (1.9) для стационарных амплитуд типа (1.6) в трёхмерном
импульсном пространстве. Так, например, уравнения (2.12) и (2.13)
в импульсном представлении примут вид

η = 1 η1 = 3

2 4

Χ «"(р)<Я"'(р+10Ял(р)> +^(2π)-6 Σ Σ j ^ P + k'>
л = 1 η ' •• 3

"" (Ρ) (2<%')-''' < S " ' (p+k ' ) β" (ρ) Q, (k) Qy (k')> dp dk', (2.19)

2

j ^ ^ ) « " ' (P~k)X
n ' = 1

X (2вк)-'/, < β " ' (ρ _ к) Q, (к)>dk+
о

2 4

Σ Σ ^7(p'
η, = 1 л ' = 3

(2.20)

Остановимся кратко на вопросе о выборе граничных условий для
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уравнений (1.9), (2.10)*) и (2.11). Будем исходить из импульсного
представления. В общем случае решение уравнения типа (1.9) можно
записать в виде суммы решений однородного (свободного) и не-
однородного уравнений. В случае связанных состояний решение
однородного уравнения отсутствует, поскольку множитель (W — Е\у лг)
не может обратиться в нуль ни при каких значениях импульсов
частиц, а решение неоднородного уравнения можно записать в виде

λ'Ν' . (2.21)

В случае задачи рассеяния для тех уравнений, для которых
(W — £\, Ν) может обращаться в нуль, к решению, помимо чле-
на (2.21), можно добавить слагаемое вида b(W — E\rN), умноженное
на произвольный множитель26. Если деление в (2.21) в этом случае
понимать в смысле главного значения, то этот множитель выбирается,
например, так, чтобы асимптотическое решение уравнения описывало
(в г-пространстве) падающую и расходящуюся волны.

Отсюда вытекает, что в ковариантной форме граничные усло-
вия при переходе от (2.10) к (2.11) формулируются следующим
образом. Для связанных состояний необходимо положить

Формально этого можно достигнуть, если добавить к W положи-
тельную мнимую добавку. В случае процессов рассеяния <^ . . . ^>

о _ о о

должно описывать падающую и расходящуюся волны.

§ 3. ПЕРЕНОРМИРОВКА В УРАВНЕНИЯХ СТАРОГО МЕТОДА
ТАММА — ДАНКОВА

Устранение расходящихся выражений, возникающих в уравнениях
старого метода Тамма — Данкова, наталкивается на серьёзные труд-
ности. Ковариантная формулировка этого метода, предложенная Чини,
позволила сделать значительный шаг вперёд в смысле понимания
природы этих трудностей, но не смогла полностью преодолеть их.

Возникающие здесь вопросы мы рассмотрим на примере уравне-
ния для двух нуклонов и уравнения для системы нуклон -\- мезон,
взятых в первом неисчезающем приближении метода.

Выбор этих двух уравнений не является случайным. Во-первых,
в этих уравнениях в полной мере проявляются характерные затруд-

*) Более подробно этот вопрос обсуждается в § 6.

8 УФН, т. LV1, вып. 4
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нения, связанные с перенормировкой, и во-вторых, системы нуклон-(-
-j-нуклон и нуклон -\- мезон являются простейшими физическими
системами, исследование которых открывает наиболее прямой путь
для выяснения как ценности самого метода, так и пределов приме-,
нимости современной мезонной теории к действительности.

Начнём с двухнуклонной задачи.
Уравнение для амплитуды двух нуклонов <^ ψ+ (лгх) ψ̂ ~ (х2

согласно (2.10) имеет следующий вид:

Χ {< ψ+ (χι) Ψί- (χ,) ψ' W 4 Μ "tf W >

χ2 ~χ)< φ+
ο ·

Напишем далее уравнения для амплитуд, стоящих справа в (3.1),
и отбросим в правых частях этих уравнений все амплитуды, содер-
жащие более чем два нуклона и нуль мезонов. В результате получим;

= -IT (ΥΛλΛ,Δω (χ - χ') | _ 5f+) (χ - χ') 5(-> (χ' - χ) χ

Χ < Ψ+ (ΧΙ) ψ+ (*,) > + 5ί+) (χ2 - χ') 5<-> (χ' - χ) Χ

Χ < Ψ^+) (Χι) Ψβ+ W > - 5<+) ( ^ - χ) 5W (χ' - χ) Χ

Χ < « K ? - ( A S ) * P + ( * ) > ! ; (3-2>

Т) <КЫ ЧΜ^(χ)>=- ιε(Υ5τΛ»δ«Δ(+)(* - χ1) Χ

Χ j - 5̂ +) (χ - χ') < ψ+ (χ:) ψ+ (χ') > +

+ 5(+) (χχ - χ') < ψ+ (χ) ψ+ (χ') > J ; (3.3)

< Ψί" ( ) Ψ+ W ^+ (*) > ιε (ΥΛΑΔ(+) (* - χ') Χ

+ 5<+) (χ2 - χ') < ψ^ (χ) ψ+ (χ') > J . (3.4)
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Интегрируя эти уравнения с, учетом граничных условий *) ;

< Ψ+ Ы Ψί (*,) ΨΓ (*) Ψί" (*) φί-_> -
Ψ+•(*) Ψ^ W φί (*)> = < Ψί (*2>^*Гп (*) > = ο ·

Q O Ο •* да

и подставляя полученный результат в (3.1), находим искомое урав-
нение для амплитуды < ψ+ (хх) ψ^ (χ 2) > :

о ' ,

= -̂ 2 J. rf*'A(+) (* ~ *') X

- з ( ( , ) Y B ( ))* < ψ

ι - χ ' ) Y B S ( - ) ( χ ' - * ) χ ρ < φ + (χ) ψ + ( 2 ) >

s - χ) γ55(+) (χ-|χ'))δβ < ψ+ (Χι

(χ, - χ ' ) Y B S < - > ( Χ ' - χ )

+ (5<+) (χ2 - χ) γ6τ,)δρ (5(+)(Χι - χ') ϊ δ τ , ) ι ν < ψ+ (χ) ψ+ (χ') > _

- (S<+> (xj - χ) γ 6 ^) γ ? (S<+> (χ2 - χ') γ Λ > , Χ

(3-5)

На рис. 1 изображены диаграммы, соответствующие каждому
члену ядра в этом уравнении.

Первый член в ядре уравнения (3.5) (см. рис. 1 (/)) соответст-
вует вакуумной петле; 2-й и 3-й ·— собственной энергии первого
нуклона; 4-й и 5-й — собственной энергии второго нуклона. Все эти
члены содержат бесконечности. 6-й и 7-й члены представляют вклад
обычных цепочек рассеяния, которые не содержат расходимостей.

Рассмотрим сначала собственно энергетические члены (ограни-
чимся для простоты первым нуклоном). В интегральной форме вклад
этих членов в ядро уравнения (3.5) запишется в виде

а и'

3g-2 Г dx> Г ί ί χ "Δ<+>( Λ ' _χ" )χ

X {(S<+>(х, - χ') γ5<+>(*'"- х") ϊ

*) Мы предполагаем, что полная энергия W системы не достаточна
для рождения частиц.

8*
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Изменение во 2-м члене порядка, интегрирования и замена перемен-»
ных х' τ* х" даёт:

\— оо — оо

Х<Ш*"

Χ

— оо σ'

(3.7)

В работе Чини4 сделана попытка произвести перенормировку выра-
жения (3.7) непосредственно в ковариантной форме записи.

Х,Х>ι лг

Для этой цели Чини, используя связь (см. 2.7) между причин-
ными (ΔΡ(Χ) и SF(x)) и перестановочными функциями

2/Δ(+> (χχ _ χ,) п р и х - ^ х , ,

* ! - ^ При Х , < Х „

*!-*·) при
хх - χ,) при хх
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сделал в (3.7) следующую замену: ;

в первом члене (χ' ^> χ") Ι

' _ χ " ) S<+>(x' - χ") на - ~ \F(x' - x")SF{x' - χ") (3.9)
4

и во втором члене (х'-^х")

LA* ;^х — х ) оу '\х — х } на — ~~г- ίΛρух — χ j ор\х •— χ /· \ο. ι\)j

В полученном вместо (3.7) выражении

σ а'

— оо — оо

— оо о'

где

Aff,(χ' - χ" ) = Δ^(χ' - x")tbSP(x' - χ")γ5, (3.12)

Чини произвёл перенормировку обычным ковариантным способом

(х), (3.13)

где Мр„(х) — величина, уже не обладающая недопустимыми сингу-
лярностями и являющаяся конечной. Мы покажем сейчас, что пред-
ложенный Чини метод перенормировки является ошибочным. Причина
ошибки коренится в тем, что замена (3.9) и (3.10) в (3.7) является
незаконной, поскольку функции A f (x) и Δ(±'(χ) (соответственно
SF(x) и 5(±>(х)) обладают совершенно различными особенностями
как раз в той точке (х = 0), которая ответственна за расходимость
выражения (3.7). Для доказательства нашего утверждения мы пе-
рейдём в уравнении (3.5) к импульсному представлению, выписывая
явно только интересующие нас 2-й и 3-й члены. Предварительно
напишем Фурье-разложение для амплитуды двух нуклонов

л„ п, = 1
X exp [ i P l x, + ip : χ. - / (XT - ΕΡί - Ещ) t] χ

Χ («ο, β"' (Ρ,)Β"' (ρ,)Ψ). (3.14)
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Принимая далее во внимание формулы (2.6), после простых преоб-
разований получим из (3.5):

f (Ψ-ΕΡι-Ερ,)<(ρι)(ρί)
2

Здесь MM(pt, W — £ й )-— массовый оператор первого нуклона

( З Л 6 )

ГДе . . , , . .

' ' A± (ρ) = [Ep ± (ар + ̂  (2ЕР)- 1

— проекционный оператор, R(pu p j — вклад остальных членов.

Ковариантный массовый оператор нуклона

= ~ j^f Jdk b S F ( P l + k) bAF(k)*), (3.17)

который возникает, например, в уравнении для двух нуклонов в но-
вом методе Т. Д. (см. § 7), после интегрирования по dk0 можно
записать в виде (положив р10 = W —-Ер,)

/ A(p1 + k) Afa+k) j
х К + к + « к -ог-£р) £p+k+-k+F-£)lY 4 i f 5 · ( З Л 8 )

•*) = 7 ( 2
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Сравнивая формулы (3.16) и (3.18), мы видим, что в М ( 1 ) (р! , W — Ε Ρ ι )
р ! и (W — £р2) не образуют 4-вектора и, следовательно, массовый
оператор в старом методе Тамма — Данкова в отличие от
МР(р1, W— £Ρ α) не может быть преобразован к ковариантной форме.

Нетрудно проверить, что замена (3.9) и (3.10), которую сделал
ъ своей работе Чини, чтобы преобразовать массовый оператор к ко-
вариантной форме, приводит в импульсном представлении к следую-
щему массовому оператору в уравнении (3.15):

M(Pl,W-Ep,) = MF(pu W-Epd + Mfip!, -W + E^, (3-19)

где Μ—ковариантный массовый оператор (3.18). Этот массовый
оператор существенным образом отличается от такового (см. (3.16)),
полученного прямым переходом в уравнении (3.5) к импульсному
представлению.

Подчеркнём различие между выражениями (3.16) и (3.19). Во-пер-
вых, (3.16) в отличие от (3.19) нельзя преобразовать к ковариантной
•форме; во-вторых, перенормировка заряда в выражении (3.19) равна
нулю, в то время как выражение (3.16) приводит к конечной пере-
нормировке заряда; наконец, в-третьих, оба эти выражения приводят

•к различным конечным добавкам. Поясним второй пункт. Разложе-
ние массового оператора в ковариантной форме (см. (3.13)) эквива-

лентно разложению величины Μ в трёхмерной записи по степеням
W — EVi — £ P J . Поскольку (3.19) есть симметричная функция № — £Ра,
•то первая производная

исчезает и перенормировка заряда в этом случае отсутствует. Если
перенормировку выражения (3.16) производить аналогичным способом,
то, как легко видеть,

будет конечной величиной.

Таким образом сравнение выражений (3.16) и (3.19) показывает,
что замена (3.8) и (3.9), сделанная Чини, является незаконной,
а возникающий после такой замены массовый оператор оказывается
неверным.
•Отметим, что здесь выявляется также существенное раз-
личие между массовыми операторами нуклона в старом и новом
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методах Т. Д., так как в последнем случае (см. § 6) перенормировка
заряда совпадает с ковариантной и является бесконечной.

Рассмотрим теперь вклад в ядро уравнения (3.5) от первого
(вакуумного) члена. Решающее отличие от теории возмущений
(5-матрицы) проявляется здесь в том, что в импульсном представле-
нии этот член зависит от W. Поэтому бесконечный вклад, соответ-
ствующий этому члену, нельзя по аналогии с 5-матрицей устранить
с помощью некоторого унитарного преобразования (перенормировки)
амплитуды

< Ψ+ (Χι) Ф+ (*,) > - < ψ+ (Χι) Ψ+ (*а) > ехр [/а],

где а (вообще говоря, бесконечная) действительная константа. Про-
стое вычёркивание вакуумных членов в старом методе Т. Д., кото-
рое делается во всех работах, является произвольной и по существу
ничем не оправданной операцией.

Отметим, что именно трудности, связанные с появлением вакуум-
ных бесконечностей в старом методе Т. Д., представляют собой
наиболее ощутимый недостаток этого метода и послужили одной
из главных причин для формулировки нового метода Т. Д., свобод-
ного от этих трудностей.

Выпишем далее уравнение (3.5) в импульсном представлении.
Обозначим через

а (р) = (Фо, β", (ρ) B"i- ρ) Ψ) (3.20)

(ρ — импульс в системе центра инерции) амплитуду двух нуклонов
в системе центра инерции. Тогда после несложных преобразований
получим из (3.5):

( W- 2£ρ)α(ρ) = Zg*[&>(ρ)MW(ρ, W -Ερ)и<»(ρ)] +

( _ ρ) Mm ( - ρ, W - Ε ρ) И(2) ( _ ρ)] α (ρ) +

„ if " (P) TW(P + k)I W (Ρ) w ( Ρ -
Χ [

Здесь мы опустили вакуумный член.
Перейдём к исследованию вопросов перенормировки в уравнении

мезон -\- нуклон.
По аналогии с уравнением для двух нуклонов в этом случае

необходимо выписать уравнения типа (2.10) для амплитуд

Ψ(Χ

r(χ)Ψ+ (
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и отбросить в правых частях уравнений для последних четырёх
амплитуд все амплитуды, кроме первой. Тогда, после исключения
из уравнения для амплитуды <1ψ+(·Ό ψ ] 1 " ^ ) ^ в с е х остальных

амплитуд, получим следующее уравнение*) для системы мезон-\-
-\- нуклон (в первом приближении метода):

σχι)> = ~ g Y x ' [ ~ 6 Δ < + > { χ - χ '

- 2Δ<+> (х2 — χ) ρ (χ — χ') < ψ+ (Χι) Φ+ (χ1) > _

- 2Δ<+> (χ, - χ') Ρ(χ~ χ') < ψ+ (χ2) tf (χ) > +
ο σ '

3Δ<+) (χ - χ') SW (Χχ- Χ) Ybs<+) (χ - *') γ5 χ

> (*, - χ') S<+> (Χι - χ') Y6S(-)(*' - Χ) γ 5 (τΛ«) Χ

Χ < ψ+ (χ) φ+ ( χ ) > - Δ<+> (χ2 - x)S<+) (Xl-x)X

Χ Ϊ6 SW (Χ - Χ') γ6 (τ,τ*) < ψ+ (Χ') φ+ (*') > + Δ ( + ) (*, ~ *) Χ
° ο'

Χ S<+> (*χ - χ') Y5S(-> (χ' - χ) γ5 ( V l ) < ψ+ (χ) φ+ (χ') > -

- Δ+ (χ2 - χ') SW (хг - χ) bS(+\x - χ') γ6 Χ

X(Vi)<t+(^)^W>}, (3.21')

где

Ρ (χ - χ') = Sp {S(+> (χ - χ') γ55<~> (χ' - χ) γ 5}.

Цепочки, соответствующие каждому члену ядра этого уравнения,
изображены на рис. 2.

Первый член в ядре уравнения (3.21) отвечает вакуумной петле
(рис. 2 (/)) и в точности совпадает с соответствующим членом

*) Как и в случае двух нуклонов, мы предполагаем, что полная
анергия системы W недостаточна для образования новых частиц.
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в уравнении нуклон -\~ нуклон. Перенормировка этого члена затруд*
нена по указанным выше причинам; поэтому в дальнейшем мы
не будем возвращаться к его рассмотрению. 4-й и 5-й члены
соответствуют собственной энергии нуклона (см. рис. 2 (4) и (5)).
Эти члены совпадают с членами собственной энергии в уравнении
нуклон -\- нуклон. Поэтому всё сказанное там справедливо и в
этом случае. Члены 6-й и 7-й соответствуют цепочкам с перво-
начальным поглощением мезона (цепочки с пглощенйем), а члены 8-й

(5)

и 9-й — цепочкам с первоначальным испусканием мезона (цепочки
с испусканием). Наибольший интерес с точки зрения перенормиро-
вок в уравнении (3.21) представляют 2-й и 3-й члены, отвечающие
собственной энергии мезона (или поляризации вакуума; см. рис. 2
(2) и (3)). Попытка перенормировать аналогичные члены по ме-
тоду, предложенному Чини, была сделана в работе Лемана6.
Недопустимость замены перестановочных функций 5 ( ± ) (л) (Δ(±'(χ))
в точке χ — 0 причинными функциями Sp(x) (Δρ(χ)) проявилась
в этом случае особенно наглядно. Из-за недостатка места мы кратко
сформулируем только основной результат. Леман показал, что
вычисленные в дг-представлении конечные добавки, возникающие
после перенормировки массового (поляризационного) оператора мезона
по методу Чини, приводят к новым бесконечностям при переходе
к импульсному представлению. Этот парадоксальный результат по

существу обусловлен тем, что конечное выражение J Ρ (χ) eipxdx
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заменяется в методе Чини на бесконечную величину, равную

-i- Sp J SF(x) <[tSP(- χ) tb&'dx.

Ниже мы покажем, что члены, соответствующие собственной энер-
гии мезона, в старом методе Т. Д. не могут быть перенормированы
однозначным образом.

В импульсном представлении вклад членов собственной энергии
мезона в уравнение (3.21) запишется в виде (в системе центра
инерции)

(W - £ р - сор) < В (р) Q ( - р) > = (ω ρ )- ig'P (р, W - Ер) (3.22)

< β (ρ) Q (— р)^>-(-ост. члены,

где

(2π)3

— поляризационный (или массовый) оператор мезона.
Ковариантное выражение для поляризационного оператора (ср.

также § 7)

^ l (3.24)

после интегрирования по dp'o (в 3-мерной форме) равно

6Α_(Ρ')

- £р.)

Подчеркнём различие между (3.23) и (3.25). Во-первых, в первом
выражении, в отличие от второго, ρ и f — Ер не образуют 4-век-
тора, и, во-вторых, (3.25) является симметричной функцией (W — Ер),
в то время как (3.23) не обладает какой-либо явной симметрией
относительно этой величины. Благодаря первому различию выраже-
ние для (3.23) не может быть преобразовано к ковариантному виду
и, следовательно, перенормировку нельзя произвести ковариантно.
Второе различие приводит к весьма серьёзным трудностям при
попытке, провести перенормировку поляризационного оператора
Я(р, W — Л р) в старом методе Т. Д. Сущность этой трудности со-
стоит в следующем. Ковариантная перенормировка Рр сводится к раз-
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ложению этой величины по степеням р2 = р 2 — р2 = р 2 — (W — Е„ ) 2

в точке р2 = — μ.2. В трёхмерной форме (3.25) это разложение
эквивалентно разложению по степени (W — Ер )2 в точке (W — Ер )2 =
= «ρ». Если попытаться провести аналогичное разложение величины
Р(р, W — Ер), то первые члены разложения (3.23) и (3.25) ока-
жутся равными

PF(V, о)р) = Я(р, сор).

Однако первая производная

дР(р, W~Ep)

d(W~Ep) Г-£р=о>р

не исчезает (из-за отсутствия симметрии) и обладает линейной рас-
ходимостью. Вторая производная расходится логарифмически (пере-
нормировка заряда). Сумма остальных членов даёт сходящийся оста-
ток. Линейно-расходящуюся первую производную нельзя интерпре-
тировать как перенормировку заряда. Простое вычёркивание этого
члена не оправдано. Поэтому выделение конечного остатка из поля-
ризационного оператора в старом методе Т. Д. является неоднознач-
ной операцией.

В этом одно из главных различий между перенормировкой мас-
сового и поляризационного операторов в старом методе Тамма —
Данкова.

Подчеркнём, что между перенормировкой уравнения для двух
нуклонов и уравнения мезон -\- нуклон имеется ещё одно существен-
ное отличие. В случае уравнения для двух нуклонов перенормиров-
ка собственно энергетических ядер достаточна для того, чтобы ре-
шение уравнения было конечным. Это не так в случае уравнения
мезон-f· нуклон. Здесь уже нельзя ограничиться перенормировкой
расходящихся ядер. Благодаря полевой природе мезона решение
уравнения мезон -\- нуклон с конечным ядром оказывается расходя-
щимся и требует дополнительной перенормировки. Подробно об этом
см. 2 7 ~ 3 5 .

Сейчас мы отметим только, что наглядно это различие можно
понять, если представить решение в виде ряда, вычисленного по
теории возмущений. Решение уравнения нуклон -f- нуклон после пе^
ренормировки расходящихся ядер соответствует только конечным
цепочкам, которые в высших приближениях по g2 получаются по-
следовательной итерацией цепочек (6) и (7) рис. 1. Решение урав-
нения мезон -f- нуклон соответствует сумме всевозможных цепочек,
которые возникают при последовательной итерации цепочек ( ) — (9)
рис. 2. В частности, в этой сумме содержатся расходящиеся
цепочки сложного вершинного и собственно-энергетического типа,
которые дают в решение бесконечный вклад. Для рассеяния с пол-
ным изотопическим моментом / = 3/ s, когда в уравнении (3.21)
остаётся только цепочка с испусканием, решение будет конечным
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и с точки зрения теории возмущений соответствовать учёту только
так называемых изобарных цепочек. Задача перенормировки реше-
ния для случая / = а/2 в старом методе Т. Д. пока не решена.

Недостатки старого метода Т. Д. послужили основным толчком
к формулировке нового метода Т. Д., которая была дана Дайсо-
ном 7 ~ 9 и разбирается подробно в §§ 6—8.

§ 4. ВЗАИМОДЕЙСТВИЕ НУКЛОНОВ В СТАРОМ МЕТОДЕ
ТАММА — ДАНКОВА

Метод Тамма — Данкова первоначально был сформулирован приме-
нительно к задаче двух нуклонов, иными словами, применительно
к задаче ядерных сил. Действительно, чрезвычайно большая величи-
на ядерных сил делает применение теории возмущений заведомо не-
приемлемым, что заставляет искать другие методы решения уравне-
ний квантовой теории поля. Использование для задачи двух нукло-
нов первого приближения метода Т. Д., аналогичного принятому в § 3,
т. е. учитывающего, кроме амплитуды двух нуклонов, также
амплитуду двух нуклонов и одного мезона, позволяет получить
сравнительно простое интегральное уравнение для амплитуды двух
нуклонов. Такое уравнение изучалось в ряде работ для различных
мезонных теорий: скалярной х>2, псевдоскалярной с псевдоскаляр-
ной 3 6> 2 2 и с псевдовекторной связями 3 6> 3 7. Отметим, что если при
получении оператора энергии взаимодействия частиц ограничиться
первым неисчезающим членом разложения по степеням vjc, где ν—
скорость нуклона, то псевдоскалярная и псевдовекторная связь дают
одинаковый оператор энергии взаимодействия *)

v < г > = ( ш ) " ( X l X s ) ( ° l V ) (<JiV) *-г; <4 · V
V(r) — оператор, возникающий при использовании псевдоскалярной
связи. Соответствующий псевдовекторный оператор отличается мно-
жителем (2 М)2.

Однако указанное выше разложение, в результате которого воз-
никает адиабатический потенциал (4.1), законно лишь на больших
расстояниях. В области же малых расстояний (<C^</jic) псевдоска-
лярные и псевдовекторные ядерные силы резко различаются. Псе-
вдовекторные силы обладают при этом недопустимой сингулярностью,
что, в частности, не допускает последовательно использовать псе-
вдовекторную связь.

Попытки сравнения с опытом теоретических результатов, полу-
чающихся для ядерных сил в первом приближении метода Т. Д.
в случае псевдоскалярной связи, показали существенное расхожде-

*) Ниже используется система единиц, в которой μ = 1.
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ние теории и эксперимента. Это указало на необходимость учёта,
более высоких приближений. До сих пор в рамках метода Т. Д.
в сколько-нибудь последовательной форме такой учёт не проведён.
Поэтому ниже мы кратко остановимся лишь на некоторых, факти-
чески незаконченных попытках учёта высших приближений.

Одну из первых таких попыток представляют работы Леви2 2,
в которых рассматривался оператор энергии взаимодействия в виде
ряда по степени g2. Следует указать, что интерес к методу Т. Д.
в зарубежной литературе особенно возрос после работ Леви, полу-
чквшего потенциал ядерных сил, согласующийся с экспериментом
и приводящий к сильному отталкиванию на малых расстояниях.

Однако потенциал Леви в использованном им приближении получен
не точно. Последующие работы Клейна23 и др. з8-40,42,43) в кото-
рых были проведены нужные уточнения, привели к адиабатическому
потенциалу ядерных сил, который существенно отличается от по?
тенциала Леви. Однако такое отличие отнюдь не означает, что
псевдоскалярная связь противоречит эксперименту. Прежде всего
потенциал указанных выше работ получен в адиабатическом прибли^
жении, а анализ неадиабатических поправок указывает на их суще-
ственную роль п · 44-46j приводящую к значительному изменению
оператора энергии взаимодействия. Кроме того, построение потен-
циала в виде ряда по степеням g2 является существенно прибли-
жённым. Такое приближение может быть довольно неточным благо-
даря плохой сходимости получающегося ряда 4 7 " 4 8 *) . Нам представ-
ляется целесообразным для построения правильной теории ядерных
сил рассматривать систему интегральных уравнений для нескольких
амплитуд и во всяком случае не ограничиваться адиабатическим
приближением.

Необходимо отметить ещё один недостаток, общий почти для
всех работ, посвященных взаимодействию двух нуклонов, и особен-
но существенный для задачи связанного состояния — дейтона.

Дело в том, что при нормировке волновой функции, а также
при вычислении средних величин или значений матричных элемен-
тов в большинстве работ учитывается лишь амплитуда двух ну-
клонов, а, например, вклад амплитуды двух нуклонов и мезона
вовсе не учитывается. Этот вклад, например, в норму бесконечен.
Поэтому для того, чтобы правильно проводить нормирсвку функ-
ций, следует сформулировать правила обращения с возникающими
расходимостями. В последнее время появились работы, в которых
делаются попытки решить эту задачу5 4-5 5. Однако какой-либо за-
конченности в решении этой проблемы пока не достигнуто.

•*) В связи с этим представляют интерес приближённые методы по-
строения оператора взаимодействия двух нуклонов, близкие к методу
Тамма — Данкова, т. е. не использующие разложения по степеням константы

,41,49-53связи
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§ 5. ВЗАИМОДЕЙСТВИЕ π-МЕЗОНА И НУКЛОНА
В СТАРОМ МЕТОДЕ ТАММА —ДАНКОВА

Как уже говорилось выше, успех теории мезонов в объяснении
экспериментальных данных по рассеянию π-мезонов нуклонами, до-
стигнутый с помощью метода Т. Д., является одним из оснований
для надежд на успешное приложение метода Т. Д. также и к дру-
гим задачам. В настоящем параграфе мы подробно рассмотрим при-
менение метода Т. Д. к рассеянию π-мезонов нуклонами. Наиболь-
ший интерес представляют в этом отношении результаты работы 6 ,
которые мы изложим сравнительно подробно. В этой работе рассея-
ние π-мезонов рассматривалось согласно симметричной псевдоска-
лярной теории с псевдоскалярной связью. Аналогичное рассмотре-
ние, правда, значительно более грубое, было проделано в работе 5 в .
Наконец, в работах5 7-6 5 рассеяние π-мезонов, а также некоторые
другие вопросы рассмотрены согласно симметричной псевдоскаляр-
ной теории с псевдовекторной связью.

Прежде чем переходить к изложению результатов теории, напом-
ним основные результаты опытов по рассеянию π-мезонов нуклонами
в области энергий до 200 Мэв (см. подробнее 6 6 ~ 6 8 ) . Во-первых,
оказывается, что экспериментальные данные не противоречат гипо-
тезе изотопической инвариантности, что позволяет характеризовать
состояния системы π-мезон -\- нуклон собственными значениями опе-
ратора изотопического спина, равными половине или трём вторым.
Во-вторых, угловые распределения и энергетическая зависимость
рассеяния мезонов могут быть хорошо интерпретированы с помощью
учёта лишь состояний с орбитальным моментом нуль и единица,
т. е. Si/,-, А/,- и А/а-состояний. Благодаря тому, что система мо-
жет обладать двумя различными значениями изотопического спина,
общее число состояний, учитываемых при интерпретации экспери-
ментальных данных, равно шести. В-третьих, в области энергий
150—200 Мэв сдвиг фазы состояния с изотопическим и механиче-
ским моментами, равными 3/2, оказывается значительно больше сдви-
гов фаз всех других состояний и при энергии ~ 195 Мэв прохо-
дит через значение, равное π/2, достигая, таким образом, в этой
точке резонанса 6 9 · 7 0 . Этот факт является наиболее ярким и, можно
сказать, основным результатом экспериментов по рассеянию мезонов,
приведшим к появлению различных феноменологических и полуфено-
менологических теорий рассеяния π-мезонов (см., например, 7 1 ~ 7 3 ) .

Необходимо подчеркнуть следующее. Симметричная псевдоска-
лярная теория как с псевдовекторной, так и с псевдоскалярной
связью в нерелятивистском приближении дают эквивалентные ре-
зультаты для взаимодействия в Асостояниях. При этом для
состояния ''А/,, в отличие от других состояний, учитываемых
в интерпретации рассеяния, различные приближённые методы
приводят к потенциалу притяжения 74-77 т а к о й закон взаимодей-
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ствия позволяет надеяться получить в состоянии °''Ρη, резонанс
рассеяния.

Однако теория возмущений, как известно, такого резонанса не
даёт 7 8 ~ 8 1 . Именно этот факт в первую очередь заставляет обратить-
ся к методам, отличающимся от теории возмущений.

Рассмотрение рассеяния π-мезонов, проведённое в работе6 (см.
также в 2- 8 5), соответствует приближению, использованному в § 3
для описания системы π-мезона и нуклона. Поэтому в нашем изло-
жении мы будем использовать результаты этого параграфа. Прежде
всего, учитывая трудность перенормировок в старом методе Т. Д.,
мы, следуя работе 6, полностью опустим выражения, соответствую-
щие диаграммам собственной энергии нуклона, поляризации вакуума
и собственной энергии вакуума. Тогда уравнение для амплитуды
мезона и нуклона принимает следующий вид:

щ$<Ф(+)(Χι)¥Р(*,)> = g2 J dx' {Δ(+>(х2 ~х)Х

X S<+> (xx - χ) γ- S(+) (χ - χ') bNs < ψ(+) (χ') φ(+> (χ') > _
ο'

- Δ<+> (*, - χ') 5(+) (Χι - χ') γ.5(-) (χ' - χ) ЬМг χ

+ Δ<+> (χ, - χ') 5<+) (Χι - χ) bSW (χ - χ') b N l Χ

- χ) #+>(*! - *') γ55<-) (χ' - χ) bNt χ

Χ <ψ ( + ) (*Μ + ) (*')>}, ( 5 Л )
где Λ̂ ι и Λ/2 — операторы в пространстве изотопического спина:

ΛΤι = τ*τ* , Μ = = τ | τ * (5.2)
1 Αν ν(λ' 2 λν νμ \ '

со следующими собственными значениями:

= 3 при / = ι/2. 1

/ = 3/2, J ( ' '^ = 2 , Ν 2 = 0 при

где / означает полный изотопический спин системы нуклон -|- π-ме-
зон. Ниже мы будем рассматривать состояния с определёнными
значениями изотопического момента, в которых операторы Ыг и ЛГ2

диагональны, и поэтому изотопические индексы λ и г выписывать
не будем.

Уравнение (5.1) удобно исследовать в импульсном представлении
в системе центра инерции. Для этого необходимо, следуя форму-
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лам (2.18), ввести не зависящую от времени амплитуду двух частиц
мезона и нуклона

a B (p). (5.4)

Здесь индекс η соответствует двум решениям уравнения Дирака
с различными спинами и положительной энергией; ниже мы будем
использовать матрицы Паули атп, которые будут действовать на
ал как на обычный спинор. Тогда в импульсном представлении
уравнение (5.1) может быть записано следующим образом:

( Г _ Ε - со) а (р) = з £ j dp'R (ρ, ρ') α (ρ'), (5.5)

Λ (Ρ, Ρ') = ?(/>, /){WiS(p, p') + NJ(p, p')}, (5.6)
где

2

, ρ')= [(W — Ж)/и + ( е + £ ' + <в + <в' — Μ— W)«l +
ι "Ρ °Pf w

-W)w], (5.7)

7(Ρ> Ρ ' ) = w + м + w- мТ+Ж

Для интересующей нас задачи рассеяния асимптотическое поведение
а(р) имеет следующий вид:

а (р) = 5 (р - р„) + / (р) 5+ (£ + » - W), (5.9)

где S+(Л:) = ΐπ?> (Л:) — х " 1 , а р 0 — импульс падающей волны, соот-
ветствующий £ υ - j- <oo = W. Тогда для амплитуды расходящейся
волны получаем следующее уравнение:

^ i P - P f ) / ( P f )

Для решения уравнения (5.10) необходимо провести отделение угло-
вых переменных. Для этого разложим амплитуду расходящейся
волны в ряд по ортогональным полиномам

/(ρ)=Σ^(τ' ii)fM- (5Л1)

9 УФН, т. LVI, вып. 4
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Аналогичное разложение необходимо провести и для ядра R (р, р'),
В соотношении (5.11) Ζ.± имеют вид 7 3 :

L+(n, η') = (/·+ 1) Pt (cos θ) - is [nn'I P\ (cos θ) Λ

при j = l-\r-L·, I
( 5 Л 2 *

при j = l ψ.

В результате отделения угловых переменных получаем следующее
уравнение для амплитуды расходящейся волны в состоянии с задан-
ными значениями полного и орбитального моментов:

l i i f P'2dp'jlR(p,p')fjl(p') /e < оч
~Ι"8πΟ W-E>-u>> • ^ Л ° ;

В уравнении (5.13) ядро J'lR связано с J'lS и J'lT формулой (5.6).
При этом:

4- (£ + £' + ω-f ω' —Ж —

(5.14)

где

+ 1

ЯА(д;) — полиномы Лежандра. Для состояния j = 1js и / = 0 (Si/J
А 1 = = 0 , fc, = l; для 7 = α/2, / = 1 ( A J ^ = 1, * s = = 0 ; для у =
= а/ 2, / = 1 (A/,) ^j = l, ft2 = 2 и т. д. Ядро J'lT соответствует
цепочке с поглощением. Это ядро обладает при больших ρ недо-
пустимой сингулярностью, приводящей, как об этом говорилось
в § 3, к отсутствию конечных решений. Поэтому, следуя работе 6 ,
мы ограничимся рассмотрением состояний, для которых ядро Г не
даёт никакого вклада. Отметим, что ядро Τ возникает лишь в со-
стояниях с изотопическим и механическим спинами, равными поло-
вине [см. (5.2) и (5.15)].
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Функция fji удовлетворяет уравнению (5.13), которое содержит
комплексные выражения. Можно перейти к уравнению с действи-
тельными коэффициентами и для действительной функции. Для
этого проделаем следующее преобразование*):

1· ( 5 Л 6 )

Тогда для функции Ujt получаем следующее уравнение:

-Ε?- «ilR
 1Р> Р>Л(Р')·w -Ε?-

Функция ид(рц) определяет значение сдвига фазы рассеяния π-ме-
зона на нуклоне с помощью следующей формулы:

H ^ (5.18)

В работе 6 уравнение (5.17) было решено численно для состояний
с изотопическим спином / = 3 / 2 1 и . _/ = 1/3, / = 0 ('/г&^-состояние)
и у = = 3 / 2 , / = 1 (3/»Рз/з-состояние). Однако прежде чем излагать
результаты численного решения, сделаем несколько замечаний отно-
сительно уравнения (5.17). Нерелятивистское рассмотрение уравне-
ния (5.17) приводит к выводу, что для / = 3/ s в s/a5i/2- и '/Ά,^-co-
стояниях эффективный потенциал взаимодействия нуклона и мезона
соответствует отталкиванию частиц. Напротив, в состоянии 3 / 'Л / з

эффективный потенциал соответствует силам притяжения, что соот-
ветствует результатам, упомянутым в начале настоящего параграфа.
Отметим также, что первое слагаемое правой части уравнения (5.17)
представляет собой борновское приближение функции Uji(p). По-
этому обозначим:

£ (5.19)

В состояниях с эффективным потенциалом притяжения R отрица-
тельно, напротив, для случая отталкивания R положительно. Далее
знаменатель подинтегрального -выражения в уравнении (5.17) для
большинс"тва значений р' отрицателен. Всё это приводит к тому,
что для состояний с отталкиванием решение уравнения (5.17) ока-

, зывается меньше борновского приближения, и, напротив^ для со-
стояний с притяжением — больше приближения Борна. .,. •

*) Введённая таким образом функция и связана с функцией / работы
следующим соотношением: , : ,

9*
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Укажем, наконец, каким образом можно определить асимптоти-
ческое поведение решений уравнения (5.17). Для этого в качестве

о

Рис. 3. Волновая функция β и её борновское

приближение для 5,^, / = 3/з при -|— = 10.

примера рассмотрим, следуя 8 4, асимптотическое поведение решения

-fipl

0,1

Рис. 4. Волновая функция» и её борновское приближе-

ние для Р,и, I = 3/2 при ί— = 4,6 π и Ро = 0,22 М.

уравнения (5.17) для состояния 3/»Р./,. В области р^>М уравнение
(5.17) можно приближённо представить в следующем виде:

(5.20)
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до

где p^>q>M С — постоянная, возникшая от борновского члена
и от интеграла по р1 от нуля до q. Уравнение (5.20) легко может
быть сведено к дифференциаль-
ному уравнению

,'/» ' 75

(5.21)

Легко видеть, что

где

( 5 · 2 2 )

О 0,05 0,10 0,15 0,20 0,25 0,30
ро/.

Решение, соответствующее знаку
_}- в (5.22), должно быть отбро-
шено, так как оно соответствует
сингулярному решению. Таким Р и с 5 . Зависимость фазовогстшига
образом,

24π> (5.23)

для 5„ -волны от импульса Ро в си-
2

стеме центра инерции; | — = 15.

волновой
Аналогичное исследование асимптотического поведения
функции может быть проведено и для других состояний.

В результате численных
расчётов в работе6 были
получены волновые функции
в '''&/," и "'Ά,,- состояниях
и соответствующие сдвиги
фаз как функции энергии
(см. рис. 3—6). В осталь-
ных состояниях оценки дают
малые сдвиги фаз, не пре-
вышающие нескольких гра-
дусов. Из рис. 3 видно, что
точная волновая функция
'>51/а-состояния меньше вол-

новой функции борновского
приближения. Это, как гово-
рилось выше, связано с на-
личием эффективього потен-
циала отталкивания в 3/ΐ·$ν,-
состоянии. Напротив (рис. 4),

точная волновая функции 3/>А/,-состояния оказывается больше полу-
ченной в приближении Борна, что соответствует силам притяжения.

1 мезона

Рис. 6. Зависимость фазового сдвига для
Р,, волны от кинетической энергии ме-

зона в лабораторной системе.
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Сравнение с экспериментальными данными для '/'Ад-состояния,
как это видно из рис. 6, показывает, что теория даёт вполне
удовлетворительный энергетический ход сдвига фазы. Наилучшее
согласие получается при ^ 2 /4π = 16. Сложнее обстоит дело
с " .̂Si/з-состоянием. Экспериментальная зависимость соответствующей
фазы (83) от энергии может быть описана следующей формулой:

(5.24)

Теория при §·2/4π=13 даёт [ср. также рис. 5]

(5.25)

Таким образом, линейно зависящий от импульса член формулы
(5.24) близок к получаемому из теории. Однако не зависящего от
энергии члена теория не даёт. Такое различие обусловлено тем
фактом, что эффективный радиус действия сил, соответствующих
уравнению (5.25), оказывается значительно меньше ft/\ic и соответ-
ствует потенциалу отталкивания. Напротив, (5.24) соответствует
силам притяжения на больших расстояниях (^-Ά/με), что даёт не
зависящий от энергии член, и на малых расстояниях силам оттал-
кивания, которые приводят к зависимости от энергии. Следует
отметить, что экспериментальное значение радиуса сил отталкивания
равно 4,8· 10~14 см, а теоретическое — равно 5,9·1Ο~14 см. Таким
образом, можно сказать, что силы отталкивания в 3/»&/,-состоянии
правильно описываются изложенной выше теорией, напротив, для
получения сил притяжения в этом состоянии, повидимому, необхо-
димо более детальное рассмотрение 86-эт.

Исследованию вопроса о поведении 5-фаз рассеяния «-мезонов
с использованием метода Т. Д. посвящена работа8 8, в которой
рассматривалось нерелятивистское приближение. Для двух вариан-
тов обрезания (при ρ = Μ и при ρ = 2М) были вычислены
5-фазы. Сдвиг фазы для '/«Ад-состояния при малых энергиях ме-
няет знак.

Однако в этой работе не проведены перенормировки и поэтому
результаты для состояния с изотопическим спином х/2 могут быть
существенно изменены перенормировкой. Близкие расчёты прово-
дились в работах 89-90.

Метод Т. Д. применительно к рассеянию мезонов в симметрич-
ной псевдоскалярной теории с псевдовекторной связью использовался
в работах 5Т-б5. Как говорилось в начале параграфа, нерелятивист-
ское приближение псевдоскалярной и псевдовекторной связи дают
совпадающие выражения для взаимодействия в Р-состояниях, в связи
с чем на этих работах мы не останавливаемся подробно. Отметим,
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что псевдовекторная связь, так же, как это было показано выше,
даёт резонансный ход рассеяния π-мезонов*).
: В целом применение метода Т. Д. к рассеянию мезонов позволяет
сказать, что современная мезонная теория не противоречит экспери-
менту, и, во всяком случае, ещё далеко не исчерпана.

§ 6. НОВЫЙ МЕТОД ТАММА — ДАНКОВА

Для того чтобы избежать затруднений, характерных для перво-
начальной формулировки метода Т. Д. (см. § 3), Дайсон 7 ~ 9 пред-
ложил некоторую модификацию метода Т. Д., называемую в литерату-
ре «новый метод Тамма — Данкова» (Н. Т. Д.). Особенность Н. Т. Д.
заключается в использовании представления о состоянии вакуума
взаимодействующих полей. Вместо того, чтобы рассматривать ампли-
туды (1.6), как это делалось в старом методе Т. Д. (С. Т. Д),
Дайсон предложил рассматривать матричные элементы следующего
вида:

а (Л/, ЛГ) = [Π (Л/) Π (Ν')]-1'* ( ψ ; С (Ν) Α (Ν') Ψ), (6.1)

где в отличие от соотношения (1.6) вместо Фо используется WQ—век-
тор вакуумного состояния взаимодействующих полей. Благодаря
использованию Ψϋ формула (6.1) соответствует матричным элементам
не только от операторов поглощения частиц Α(Ν'), как это имело
место в С. Т. Д., но также и матричным элементам от операторов
образования частиц. Следует иметь в виду, что при вычислении ма-
тричных элементов (6.1) операторы поглощения частиц должны рас-
полагаться справа от операторов рождения. Таким образом, выраже-
ние (6.1) представляет собой матричный элемент от Л^-упорядочен-
ного произведения операторов поля 2 0 · 2 1 . Матричные элементы (6.1),
следуя принятой в литературе терминологии, мы будем называть
Н. Т. Д.-амплитудами. Смысл Н. Т. Д.-амплитуд менее очевиден,
чем амплитуд старого метода Т. Д. Поэтому прежде всего мы рас-
смотрим взаимную связь тех и других амплитуд.

Подставляя выражения (1.2) для векторов состояний в фор-
мулу (6.1), легко получить следующее соотношение:

α(Ν, Ν') =

Μ

где

' У ) = Π (Ν,) [Π (Λ/) Π (Ν, - Ν)] ->. (6.3)

*) Существенно, что все расчёты в случае псевдовекторной связи про-
водятся с помощью введения обрезания при больших импульсах.
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Соотношение (6.2) позволяет выразить Н. Т. Д.-амплитуду через
С. Т. Д.-амплитуды. Обратное соотношение, как это нетрудно про-
верить непосредственной подстановкой *), имеет следующий вид:

где (— 1)м означает (— 1) , а \М представляет собой сумму

чисел заполнений М. С помощью соотношения (6.4) можно, зная все
α(Ν, ЛГ), соответствующие данному состоянию, определить все
С. Т. Д.-амплитуды этого состояния, а также все С. Т. Д.-ампли-
туды вакуума взаимодействующих полей. Таким образом, знание
Н. Т. Д.-амплитуд позволяет полностью описать как состояние Ψ,
так и состояние Ψ ο .

Дайсоном было получено условие нормировки для Н. Т. Д.-ам-
плитуд:

]Г]>]|а(ЛГ, Ν') | 2 = const. (6.5)
Ν Ν'

Следует, однако, отметить, что при получении формулы (6.5) исполь-
зовалось предположение об ограниченности сумм

Ν Ν

В современной теории поля этого фактически нет. Для получе-
ния сходящихся выражений необходимо провести перенормировку
амплитуд α (Ν) и $(Ν). Задача такой перенормировки пока ещё
не решена. Условие нормировки (6.5) получено также в предполо-
жении, что С. Т. Д.-амплитуды обнаружения числа частиц больше
некоторого ограниченного числа (скажем NJ, равны нулю как для
состояния Ψ, так и для Ψ υ . Такое предположение, как об этом по-
дробно говорилось выше (см. § 3), всегда имеет место в С. Т. Д.
Кроме того, благодаря соотношению (6.2) предположение о равенстве
нулю амплитуд старого метода

соответствует условию α(Ν'~^>Ν'ύ, N*^> NJ— 0.

*) При этом следует учесть тот факт, что для фиксированного М-\~М'

сумма Х\ (— Х)М (™ "jT, J равна нулю Есегда, кроме случая Μ -f- Μ' = 0.

м
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Совершенно аналогично тому, как это делалось в С. Т. Д. г

в новом методе Тамма — Данкова для каждого конкретного приближе-
ния предлагается считать Н. Т. Д.-амплитуды для чисел заполне-
ния больше некоторых равными нулю. Сходимость решений, полу*
чающихся в результате таких последовательных аппроксимаций,
так же как и в старом методе, пока не исследована (ср. 9 1 ).

Рассмотрим далее общий вопрос о граничных (или соответственно-
начальных) условиях для Н. Т. Д.-амплитуд9· 1 0 . При этом сначала
рассмотрим этот вопрос для нековариантных уравнений движения.
Пусть имеется стацюнарное состояние с энергией W. Тогда уравне-
ние движения для амплитуды α(Ν, Ν') имеет следующий вид:

(W + ΕΝ - ΕΝ.) α (Ν, Ν') = [Π (Ν) Π (Λ/')] - 1 ' ' Χ

X(W0[C(N)A(N% Η]Ψ). (6.6)

Общий вид решения такого уравнения можно представить следую-
щим образом (см., например,2в):

α (Ν, Ν') = Ρ W ^ N

N ^ E N , + cb(W + EN- EN.), (6.7)

где Ρ означает, что сингулярность следует понимать в смысле
главного значения, а с — неопределённая константа, которую сле-
дует определить из граничных условий задачи. Такой вопрос возни-
кает, вообще говоря, и для амплитуд старого метода. Однако для
С. Т. Д.-амплитуд этот вопрос решается просто. Именно наличие
8-функции соответствует, например в задаче рассеяния, наличию
на бесконечности падающей плоской волны, а также (в соответ-
ствующей комбинации с первым членом правой части формулы (6.7))
расходящейся сферической волны. При этом появление или непоявле-
ние 8-функций определяется в первую очередь энергетическими
соображениями. Именно энергия должна быть достаточно велика
для того, чтобы вообще возник вопрос о появлении 8-функций.

В случае же Н. Т. Д.-амплитуд имеется усложнение, связанное
с появлением амплитуд «минус-частиц>, т. е. амплитуд, для кото-
рых в формуле (6.2) N отлично от нуля. В этом случае энергети-
ческие соображения не всегда могут запретить появление ?-функ-
ций. Возникает неоднозначность решений. Чтобы такую неоднознач-
ность устранить, обратимся к формуле (6.2), из которой следует,
что если установить граничные условия для α и β, то тем самым·
будут установлены граничные условия для α (Ν, Ν'). О граничных
условиях для α говорилось выше (§ 3). Рассмотрим теперь вопрос
о граничных условиях для амплитуд вакуума. Можно утверждать,
что для амплитуд вакуума невозможно появление о-функций. В пользу
этого можно привести следующий аргумент. Прежде всего из со-
ображений релятивистской инвариантности энергия состояния ваку-
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ума . W^ должна равняться нулю. Благодаря этому не возникает
неоднозначности при решении системы уравнений для амплитуд β(Λ/).

Из изложенного вытекает, что согласно формуле (6.2) 8-функции
вида b(W-\-EN — ΕΝ·) возникать не могут, если только N не равно
нулю. Если же i V = 0 , то 8-функции могут возникать, и их появ-
ление или непоявление в этом случае определяется обычными гра-
ничными условиями.

Перейдём теперь к ковариантной формулировке нового метода
Т. Д. Чтобы избежать неоднозначности в выделении расходящихся
величин, мы будем рассматривать уравнение в координатном пред-
ставлении, а матричные элементы будем строить от операторов в пред-
ставлении взаимодействия с помощью волновых функционалов этого же
представления (ср. § 2).

Таким образом, ниже будут рассматриваться матричные элементы
от iV-упорядоченных произведений операторов следующего вида
(ср. также9 2):

( l X

* Ι ) . · -Ь„ (*„) ψμ,ΟΊ) · · -^М X ?., (г,).. .<?„, (zr)>. (6.8)
а

Благодаря тому, что волновые функционалы Ψ (σ) и \Р0 (σ) подчи-
яяются уравнению (2.1), для матричного элемента (6.8) возникает
следующее уравнение движения:

ТТЮО W ° ) ) = ОВД Μ },H®]W(a)). (6.9)

В результате Af-упорядочения коммутатора, возникающего в пра-
вой части уравнения (6.9), получаются, вообще говоря, матричные
элементы, отличающиеся от Н. Т. Д.-амплитуды, стоящей в левой
части уравнения (6.9). Полная система уравнений для связанных
таким образом друг с другом амплитуд оказывается бесконечной.
Такую систему уравнений мы ниже будем рассматривать совершенно
аналогично тому, как это делалось в предыдущем параграфе при рас-
смотрении системы уравнений для С. Т. Д.-амплитуд, т. е. в каж-
дом конкретном приближении будут считаться отличными от нуля
лишь несколько амплитуд, уравнения для которых должны решаться
точно.

Укажем, наконец, на отличие уравнения (6.9) от соответствую-
щего уравнения (2.10), получаемого в старом методе Т. Д. Благо-
даря наличию в уравнении (6.9) коммутатора, число операторов
в ^/-произведениях правой части может превышать число операторов

в N-произведении левой части лишь на единицу (для //
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Это приводит к тому, что диаграмм, соответствующих вакуумным
замкнутым петлям типа, показанного на рис. 7, и подобным им,
не возникает7. Действительно, для получения таких петель необхо-
димо возникновение трёх частиц: кванта поля и пары. В случае же
уравнения (2.10) старого метода Т. Д. возможно воз-
никновение сразу трёх частиц, что и приводило там
к появлению вакуумных расходимостей. Отсутствие
таких расходимостей в Н. Т. Д. является существен- р и с 7

ным достоинством этого метода. Согласно изложенному
ранее для нековариантных уравнений движения можно сформулировать
граничные условия для уравнения (6.9). Удобно это проделать,
перейдя от (6.9) к интегральному уравнению, учитывающему гра-
ничные условия. Такое уравнение имеет следующий вид:

(*!, ..., zr), (ело)
где интегрирование проводится по всему пространству — времени,
ε(χ) = ± 1 / 2 ( Λ : 0 ^ 0 ) . При этом интеграл следует понимать так,
что при t = ±_ сю подинтегральное выражение стремится достаточно
'быстро к нулю.

В импульсном представлении интеграл от —оо до -j-oo и ε(χ — ξ)
приводят к появлению сингулярного знаменателя, точнее, к появле-
нию главного значения такой сингулярности. Функция а (хг, ...,zr)
соответствует 8-функциям импульсного представления. Согласно
изложенному ранее для случая минус-частиц а (хг, . .., zr) должно
•быть опущено. Дла случая же плюс-частиц появление а(хх, .. ., zr)
определяется энергетическими соображениями и конкретными усло-
виями каждой задачи*).

В заключение настоящего параграфа остановимся на связи ампли-
туд (6.8) координатного представления с не зависящими от времени
амплитудами импульсного представления. Для простоты рассмотрим
•случай t = const. Благодаря тому, что зависимость от времени век-
торов состояний определяется формулами (ср. формулу (2.16)):

ψ (з) = «'<".-«>< ψ и Ψο(α) = «Μ"β-β·>ίψο > ( 6 Л 1 )

где $ и §й — соответственно энергия рассматриваемого состояния

*) Отметим следующий факт. В методе Т. Д. при рассмотрении задач
столкновения (или вообще взаимодействия) частиц можно формулировать
Задачу таким образом, что, например, две сталкивающиеся частицы, будучи
достаточно далеко друг от друга, не взаимодействуют между собой,
но взаимодействуют с собственным полем. Иными словами, можно рас-
сматривать задачу взаимодействия реальных, а не «голых» частиц.
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и энергия физического вакуума, можно представить, например,,
амплитуду одного нуклона в следующем виде:

^ 7 τ Σ Σ ;(p) <„(Р)>. (6.12)
η ρ

Аналогично для амплитуды одного мезона можно написать сле-
дующее разложение:

<? (*)>> - (6.13)

В приведённых формулах W = § — §0 и равно наблюдаемому зна-
чению энергии системы.

Введённые в формулах (6.12), (6.13) амплитуды <^5^> и <CQ^>
не зависят от времени и определяются формулами:

<Bn(p)>^(W'0BJp)W), < Q ( k ) > S ( < F ; Q ( k ) ¥ ) . (6.14)

Для более сложных амплитуд можно также ввести не зависящие
от времени амплитуды по формулам, аналогичным (6.12)—(6.14).

, Наконец, для не зависящих от времени амплитуд уравнение (6.7)
приводит, как это легко видно из вида функций Ψ (ι) и ^„(з),.
определяемых ч"О;1мулой (6.11), к уравнению движения (6.6).

В последующих двух параграфах мы рассмотрим конкретные
проблемы взаимодействия двух нуклонов и нуклона и мезона в сим-
метричюй псевдоскалярной теории. На этих задачах будут пока-
заны достоинства нового метода Т. Д., а также и те затруднения,
стоящие на пути применения метода, решение которых ещё не
найдено.

§ 7. ВЗАИМОДЕЙСТВИЕ ДВУХ НУКЛОНОВ
СОГЛАСНО НОВОМУ МЕТОДУ ТАММА - ДАНКОВА

В настоящем параграфе мы рассмотрим задачу взаимодействия
двух нуклонов согласно новому методу Тамма — Данкова. В приня-
том ниже пркближении полученные уравнения можно полностью·
перенормировать, что является существенным преимуществом нового
метода. Кроме того, учёт «минус-частиц» позволяет просто получить
фактически более высокое приближение по числу частиц, чем это
было в старом методе.

Для задачи взаимодействия двух нуклонов примем отличными от
нуля следующие амплитуды:

Остальными амплитудами в этом приближении мы пренебрежём.
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Тогда согласно уравнению (6.9) получаем:

Χ

(7 ·2)

= - lg (ZS (χ - χ') Δ (χ' - χ) γ 5 τ α ) μ χ < ψρ (*,) ψχ (*') > +

+ ig(ZS{Xl - х')Ь(х' - x)b^h<^ (*)ψ, (*')>·
Знак Ζ имеет следующий смысл:

(ZS (χ1) Δ (*")) = Si+>(*') Δ<-)(*") - St-)(*') AW (χ"). (7.4)

При пслучекки уравнения (7.2) не делалось никаких пренебрежений,
Ά в ургвкенки (7.3) прекебрежено матричными элементами от четы-
рёх операторов нуклонного поля вида

Полученную систему уравнений следует согласно методу Тамма —
Данксва решать точно. Выше, при рассмотрении С. Т. Д., говори-
лось, что существует приближённый способ исключения всех ампли-
туд, кроме одной 2 2 ~ 2 5 (так называемый метод Леви — Клейна).
•Сравнительная простота такого подхода привела к появлению
ряда работ, в которых с помощью нового метода Тамма — Данкова
строятся потенциалы ядерных сил у з~ 9 5 . Однако из-за плохой сходи-
мости полученного ряда законность такого способа сомнительна23.

Ограничимся энергиями, при которых невозможно тормозное излу-
чение мезонов сталкивающимися нуклонами. В этом случае при инте-
грировании уравнения (7.3), согласно соотношению (6.10), можно, как

об этом говорилось выше, опустить член, соответствующий а ( х , , . . . ) .
Проинтегрировав уравнение (7.3) и подставив определённую таким
образом амплитуду двух нуклонов и мезона в уравнение (7.2), полу-
чаем следующее уравнение для амплитуды двух нуклонов:

1 tab" <<Ь (*ι) ΨΧ (*t) > = - З^2 j dx'z (χ - χ') χ

Χ {(S (χ, - χ) Ϊ 6 [ZS (χ - χ') Δ (χ' - χ)] γ6)λχ < ψρ (*,) ψχ (*') > +

4 (S (χ, - χ) γ6 [ZS (χ - χ') Δ (*' - *)] Ί6)ρχ < ψχ (Χ>) ψλ (*.) > } +
a'

-f g1 \ dx'B (χ -χ'){- (S(*! - χ) γ6τ.)№([ZS(χ, - χ') Δ (χ' - χ)] χ

Χ ϊ,τ.)λ. + (β(χ, - Χ) Ь^Х (IZS(XJ - χ') Δ (χ' - χ)] Ϊ 5 τ α ) ρ λ } χ

( 7 · 5 )
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Два слагаемых в первом интеграле правой части (7.5) соответствуют
диаграммам собственной энергии нуклонов (рис. 8, а, б). Второй
интеграл соответствует диаграммам рассеяния (рис. 8, в, г).

Выражения, соответствующие диаграммам а и б, бесконечны и
подлежат перенормировке. Поэтому прежде всего мы займёмся рас-
смотрением этих выражений.

Хг

X

Χ, λ'?

Рис. 8.

Прежде всего с помощью формул (2.7) можно получить следую-
щее соотношение:

М(х- х') ^-s(x- χ') γ. [ZS(x ~ χ')Δ(*' - χ)] γ5 =
1 _ ' , , ,

= = ~g~ ι 4&^F\X χ /Чь F\X χ )~ν l"ids^F\.x r~ χ) Ϊ5Υ4 Χ

λ ^ Ι * — χ ) \ Ь ν · °/

где знак * означает эрмитбвское сопряжение. Таким образом, соот-
ношение (7.6) позволяет выразить М(х) через сингулярные функции,
встречающиеся обычно в теории возмущений. Для выделения из М(х)
расходящихся выражений можно поэтому использовать способы,
развитые в теории возмущений. Именно,

М{х) = ΑΝ δ (*}+ BN ( j , - Д - + MJ δ (χ) + ^ c (x). (7.7)

Здесь ^4ν и β ^ — неопределённые (бесконечные) константы, а Мс(х)
уже не содержит расходящихся величин и имеет следующий вид:

(7.8)

:(ρ) = {ίρ + Μ)Α(ρ*) + Β(ρ% (7.9).
ι

dull—и

где

1п
(1 — U) +

(1 — и) + p*u (1 — и) -f- «Λί2

Γ ί/м u 1π

J
(1 — U

(1 _ u)-j-p3 (U —

(7.10).

. (7.11>
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Соотношения (7.6) — (7.7) позволяют записать первый интеграл пра-
вой части уравнения (7.5) в следующем виде:

Χ < Φ? (*ι) Ψ* (*)> + ( VANS9X (χ, -χ) +

J}Χ

I - χ) ( τ μ ^ - +

* ' {(5 (x2 - *) Me (χ -

(7.12)

Оператор γ μ —^ действует не только на ψχ (χ), но также должен

применяться к σ. В частном случае.̂  σ, соответствующей- t = const,
д д

применение γ μ —ς к σ соответствует γ4 —-з ·
ιχ ΟΧ л

Расходящиеся члены в (7.12), содержащие ΑΝ, можно исключить
с помощью перенормировки массы нуклона. Действительно, если
добавить к гамильтониану (2.3) выражение δΛίψψ, то, согласно
формуле (6.9), в уравнении (7.2) и, следовательно, в уравнении (7.5)
возникнут выражения, подобные членам в (7.12), пропорциональ-
ные ΑΝ. При этом, положив δΛί = ibg2AN, можно исключить неоп-
ределённую константу AN. Далее, исключение BN производится
с помощью перенормировки заряда. Прежде всего отметим, что так
как для оператора ψχ (χ) используется представление взаимодействия,
то (для простоты примем σ соответствующей t = const)

В правой части оператор дифференцирования применяется лишь
к аргументу векторов состояний и не применяется к аргументу ψ (·»)·
Если теперь мы проинтегрируем обе стороны уравнения (7.5) по
трёхмерному пространству х, то в левой части возникнет производ-
ная по времени, а в правой части члены, содержащие ΒΝ, приведут
к следующему:

+ (S(Xl - χ) γ4ψ (*))„ ψλ (χ2)} Ψ (0). (7.14)

В выражении (7.14) оператор -^т применяется так же, как в фор-
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муле (7.13), только к аргументам векторов состояний. Учтя соотно-
шение

f, · (7.15)

получаем вместо (7.14) следующее выражение:

Α (7.16)

Поэтому можно исключить неопределённую константу ΒΝ с помощью
введения перенормированного заряда:

Таким образом, после перенормировки массы нуклонов и после пере-
нормировки константы связи уравнение для амплитуды двух нукло-
нов принимает вид:

1

= 3 '̂2 Г dx' (S {χ, - χ) Мс (х - х')\х < ψρ (xj φχ (χ') > +
J о'

-f bg" j dx' (S(Xl - x) Mc (x - x%% < ψχ (χ') ψλ (χ ) > +

+ ^ ' 2 jdx'z (x -x'){- (S(x, - χ) γ6τα)ρμ χ

X (\ZS (x, - x') Hxf- χ)} γ6τβ)χχ + (S(xs - χ) γ5τβ)λ μ Χ

X([ZS(Xl -χ')Δ(χ' - ^ γ , τ ^ Χ ψ (*)ψχ(*')>. (7.18)

Это уравнение уже не содержит расходящихся величин и может
быть использовано для анализа взаимодействия двух нуклонов.
Отметим, что фактически (7.18) представляет собой систему четы-
рёх уравнений для четырёх амплитуд

где ej и в2 суть -}- или —. Практически нельзя исключить три
амплитуды и получить одно уравнение. Это исключение можно про-
вести, используя теорию возмущений. Именно теорией возмущений,
т. е. последовательными итерациями, приводящими к оператору
взаимодействия в виде ряда по степеням константы связи, поль-
зуются в методе Леви — Клейна. В нулевом приближении при этом
можно пренебречь амплитудами для минус-частиц и уравнениями для
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них. Тогда вместо (7.18) получаем:

1

= 3£'2 J dx' (S<+>(*2 - χ) Mc (x - ,'))*. < ψ(+) (Xl) ψ(+) (χ')> +

*'e (x - * ' ) {(S<+> (*, - χ) γ 5 τ α ) ? μ χ

* , - Λ:') Δ(+)(* - χ ') γ,τ.)* - (S(+)(x, - χ) γ

- χ') Δ<+>(χ - χ') γ 5τα) ρ χ < ψ<+> (χ) ψ<+> (χ') > } . (7.19)
σ'

Последний интеграл в уравнении (7.19) в точности совпадает
с оператсрсм взаимодействия двух нуклонов, полученным в уравнении
для двух частиц согласно старому методу Т. Д. Единственное от-
личие заключается в том, что в уравнении (7.19) перед соответст-
вующим членом стоит перенормированная константа, в то время как
в уравнении (3.5) была не перенормированная. Другое отличие
уравнения (7.19) от (3.5) состоит в различных собственно-энергети-
ческих членах. Именно, в старом методе собственко-энергетические
члены были бесконечными и не были перенормированы. В уравнении
нового метода перенормировка проведена, и в (7.13) имеются лишь
конечные выражения.

§ 8. ВЗАИМОДЕЙСТВИЕ π-МЕЗОНА И НУКЛОНА СОГЛАСНО
НОВОМУ МЕТОДУ ТАММА — ДАНКОВА

Новый метод Т. Д. позволяет, в принципе, несколько дальше
продвинуться в изучении рассеяния π-мезонов нуклонами, чем это
было достигнуто в старом методе. Следует отметить, что, как это
будет показано ниже, несмотря на определённый успех в трактовке
собственно энергетических членов, новый метод Т. Д. пока ещё не
даёт полного решения возникающих проблем перенормировки. Однако
ценным является то, что новый метод позволяет всё же рассмотреть
более высокое приближение и таким образом оценить правильность
результатов, полученных в старом методе применительно к рассея-
нию мезонов.

В первом приближении нового метода Т. Д. для задачи рассея-
ния π-мезона на ну клене примем равными нулю все амплитуды,

кроме

10 УФН, т. LVI, вып. 4
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Благодаря учёту минус-частиц это приближение охватывает зна-
чительно больше амплитуд, чем первое при5лижение С. Т. Д.

Тогда с помощью уравнения (6.9) легко получить следующую
систему уравнений:

<^(х)>^(хх')Ь^ <ψ(*')?.(*0>. (8-2)

Щх) -χ) Α (χ- хг)) X

Х( Т.ъ ),,δ < ψδ (*) > + g (S (χι - x) Υ6τβ)Ρ8 < ψδ (х)'Ь (х) «Ρ- (xj>~

- gA (χ, - χ)(γ6τα ).δ < ψε (χ) ψ5 (χ) ψρ ( x j » , (8.3)

< Ψ W W ?α W > = ~ г^ [ZS (χ - χ'">Δ (*' - **)! Χ
Χ ΤΪΤ. < ψ И φ? (*) > - ^ [Ζ5 (χ - χ') Δ (χ* - χ)] χ

«

Χ ϊβ̂ Ρ < * ( * ' ) ? . ( * , ) > . (8·4)

= - /^ [Ζ5 (χ - χ') γ6τα 5(χ' - χ)] {. < ψρ (χ!) φα (χ') > +
α

-\-ig [ZS{Xl - χ') γ5τα Six' - χ)],. < φ , (χ)φ. (χ') > . (8.5)
σ

В системе уравнений (8.2) — (8.5) уравнения (8.2) и (8.3) явля-
ются точными, напротив, уравнения (8.4) и (8.5) — приближённые —
получены при пренебрежении четырёхчастичными амплитудами, ины-
ми словами, матричными элементами, содержащими ЛА-произведение
четырёх операторов. Согласно методу Тамма — Данкова приближён-
ную систему уравнений (8.2) — (8.5) следует решать точно.

Для решения системы уравнений (8.2) — (8.5) необходимо ис-
пользовать граничные условия. Рассматривая область энергии, в ко-
торой невозможно образование нуклон-антинуклонных пар и невоз-
можно (или пренебрежимо мало) образование мезонов, можно в уравне-
ниях (8.2), (8.4) и (8.5) избавиться от вариационной производной по σ,
перейдя согласно формуле (6.10) к интегральному уравнению. При
этом согласно сказанному выше для всех этих уравнений следует
опустить в формуле (6.10) член, соответствующий a ( x l t . . .,ζ,). Уто
позволяет выразить амплитуды < ψ (*);>, < ψ (хг) φα (#2) ?(»(^з)^>

и < ψ (хι) ψ (*,) ψ (хз) > через < ψ ( x j φ. (χ,) > .
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Поэтому можно получить одно уравнение для амплитуды
1 ' v ' ч"" . Это уравнение имеет следующий вид:

(8.6)

где

- Δ (*, - χ) (ZS (χ, - χ') bS (χ' - χ) γ6) < ψ (χ) ? β (χ') >,. (8.7)

, (8,8)

t (8.9)

(8Л0)

= (Ζ5 (*, - , ) Δ (*, - χ)) ^S(x- x') γβ

x)46(ZS(x-x')

- л:)Тг [ZS(JC' - Χ

Знак <Тг» означает след матрицы по спинорным индексам. Л^ и
Ns — операторы в пространстве изотопического спина (5.2) с собст-
венными значениями (5.3). / — значение полного изотопического спина
системы мезон -|- нуклон. Ниже мы будем рассматривать Состояния
такой системы при определённом значении полного изотопического

Рис. 9.
Ун

спина. Так как в таких состояниях операторы Nt и Ns диаго-
нальны, то мы нигде не будем выписывать изотопических индексов
и будем понимать под операторами Λ/j и N2 их собственные значе-
ния. Выражениям (8.7) — (8.10) могут быть поставлены в соответст-
вие следующие диаграммы (рис. 9).

Первые два выражения соответствуют рассеянию мезона на нук-
лоне, причём ΥΛ — рассеянию с первоначальным испусканием мезона
(«цепочка с испусканием»), У2 — с первоначальным поглощением
(«цепочка с поглощением»). ΥΗ И ΥΜ соответствуют собственной
энергии нуклона и мезона. Последние выражения бесконечны и под-
лежат перенормировке. К появлению расходимостей приводит также

10*
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и Т 2 (см. ниже). Сколько-нибудь последовательное устранение рас-
ходящихся выражений в уравнении (8.6) наталкивается на ряд за-
труднений. Во-первых, перенормировка собственно-энергетических
ядер приводит1 к появлению двух перенормированных зарядов11;
во-вторых, конечные добавки, возникающие после выделения беско-
нечностей из собственно-энергетических членов, приводят к появле-
нию в уравнениях дополнительных полюсов10-12 и, наконец, в-третьих,
для состояний с изотопическим спином половина ядро уравнения
(8.6) оказывается обладающим сингулярностью, приводящей к отсут-
ствию конечных решений, что приводит к необходимости дополни-
тельной перенормировки 2 7~3 4- fi8.

Начнём с рассмотрения ядер Ун и Ум· Ядро Ун, соответствую-
щее собственно-энергетическому оператору нуклона, совпадает
с таким же, оператором в уравнении двух нуклонов. Поэтому пере-
нормировка расходящихся выражений, возникающих в ядре Ун,
проводится совершенно аналогично тому, как это делалось в задаче
двух нуклонов. В результате такой перенормировки в уравнении
(8.6) следует сделать следующую замену:

J" dx'*(x - χ') Ун — 3 j dx'S(Xl - x) Mc (x - χ') χ

X <*(*')?.(*)>· ( 8 · 1 2 )

Перенормировка расходимостей от поляризационного оператора, соот-
ветствующего Ум, выше нами не рассматривалась. Как оказывается,
в выбранном нами приближении такая перенормировка встречается
с некоторыми трудностями. Аналогично тому, как это делалось
выше для собственно-энергетического оператора нуклона, используя
формулы (2.7), можно получить следующее соотношение:

Р(х-*)*тг(х- х')Tr {ZhS(χ' - χ)γ-S(* -*')} =

позволяющее выразить Ρ (χ) через обычно возникающий в первом
неисчезающем приближении теории возмущений поляризационный
оператор. Поэтому для выделения расходимостей можно использо-
вать результаты теории возмущений. Тогда Я (*) можно представить
в виде

Ρ (χ) = АМЬ (χ) + ΒΜ'{Ώ - Ч?) δ (*) + Ρ с (х), (8.14)

где Ам И ВМ суть неопределённые (бзсконечные) константы. Рс (х)
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уже не содержит расходящихся величин и имеет следующий вид:

Рс (х) == -—-^ Г е'РхРс (р2) dp, (8.15)

где

о
(р3 -f Л^3) (« — и3) [Μ3 — V (ы — '

Аналогично тому, как при перенормировке бесконечностей, возни-
кающих от собственно-энергетического интеграла, А^ соответство-
вало перенормировке массы нуклона, так и для (8.14) Ам соответ-
ствует перенормировке массы мезона. Поэтому, добавляя к га-
мильтониану выражение ?μ2φα φ α , можно исключить из уравне-
ния (8.6) расходящуюся константу Ам. Для этого следует принять,
что Ιγ? = ig2AM. Роль неопределённой постоянной Вм удобнее
рассмотреть в импульсном представлении. Согласно общим форму-
лам (2.18) вводим, используя систему покоя центра инерции, сле-
дующие не зависящие от времени амплитуды:

1 - е

< β " (ρ) Q* ( - р ) > ^ b% (ρ) = (-2-) ^ β* (ρ). (8.17)

Индекс е принимает значения -\- 1 для п = 1, 2 (плюс-нуклоны) и — 1
для и = 3,4 (минус-антинуклоны); ξ равно ± 1 соответственно для
плюс- или киьус-мезсна; ν характеризует направление механиче-
ского спина нуклона (или антинуклона), а — изотопический спино-
вый индекс. σνμ — спиновые матрицы Паули. Как говорилось выше,
мы будем рассматривать состояния с определённым изотопическим
спином, и поэтому индекс α ниже будем опускать.

Уравнение (8.6) можно тогда представить в следующем виде:

QJ? _ йЕ _ ξ ω ) а* =

(8.18)

где Vjl содержит конечные члены, возникшие от Ун и YM, а также
соответствующие выражения от ^ и К2. С помощью простых пре-
образований (8.18) можно представить в следующем виде:

(8.19)
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где

s\ ε1

' (8.20)

Таким образом, можно сказать, что попытка исключить Вм приво-
дит К появлению двух перенормированных констант связи gi и gn.
Это делает величину Вм наблюдаемой. Таким образом, можно ска-
зать, что рассматриваемое нами приближённое уравнение для мезона
и нуклона не является перенормируемым. Отметим, что ниже, рас-
сматривая влияние собственно энергетических добавок, мы будем
пренебрегать разницей между этими двумя константами связи. Такое
пренебрежение может найти некоторое оправдание лишь постольку,
поскольку в рассматриваемых нами уравнениях с самого начала от-
брошены все члены, приводящие к ядрам более высокого порядка,
чем g2. Однако, как это читателю, повидимому, уже ясно, прове-
дение последовательной программы перенормировок для задачи ме-
зон-{-нуклон требует специального исследования.

Отметим, что в ряде работ12· 3 1· 3 2, посвященных рассмотрению
уравнения взаимодействующих частиц, с расходящимися констан-
тами типа AN, BN, Ам И ВМ обращаются значительно более воль-
но, чем в предлагаемом изложении. Часто под перенормировкой по-
нимают просто выделение таких констант и отбрасывание их. Нам
не представляется такой подход полностью оправданным. Однако
в пользу отбрасывания расходящихся констант можно привести сле-
дующий аргумент. В перенормируемой теории все расходящиеся
константы в конце концов могут быть исключены перенормировкой
константы св?зи и масс частиц, поэтому все н блюдаемые величины
теории могут быть получены в результате выбрасывания расходя-
щихся констант и замены константы связи и масс частиц их наблю-
даемыми значениями.

Система уравнений для четырёх амплитуд двух частиц, мезона
и нуклона, получающаяся в результате выбр сывания расходя-
щихся констант или в результате проделанной выше перенор-
мировки и пренебрежения разностью g\ и g\\, имеет в импульсном
представлении следующий вид:

Σ г% *'* (р) = £ j Σ J dp'R% (p, ρ') Ο* (ρ'). (8.21)
'V 'ξ'

r% = 8», δ κ . {(W - ε£ - ζω) [1 + Α' (ξ)| - ε ^ - Β' (Ε) + W (ε)}

' (β) + 8., _ Λ . V Β' (S), (8.22)

% % }. (8.23)



МЕТОД ТАММА — ДАНКОВА 6 1 9

где

'(*) = Ы^А [ρ2 - (W - ξω)2],

C'(t)=2tgiPelp

(8.24)

1 - е 1 - г'

(P. p') = « '

1 - Е i " 5 '

, (8.26)

2 /£4-Λί\ 2 ap gp f

1 - Ε 1 - Ε '

Γ
\ ΐ ~ - Γ ~ αρ αρ'

= {Я9(\Eq + Εω + ξ'ω' - Г)}" 1, (8.28)

Матрица г\% возникла в уравнении (8.21) благодаря учёту
конечных членов ссбственно энергетических интегралов. Пренебре-
жение такими членами делает матрицу г диагональной и равной

o^oiv(W — εΕ — ξω). (8.29)

Следует отметить, что пренебрежение конечными собственно-энер-
гетическими добавками, а также учёт амплитуды и соответственно
уравнения лишь только для плюс-частиц приводит к уравнению
старого метода Т. Д., решённого в работе6.

Согласно сказанному в § 6 о выборе граничных условий,
в задаче рассеяния π-мезона на нуклоне асимптотическое поведение
функции а<+> +) (р) должно соответствовать падающей и расходя-
щейся волнам. Поэтому положим

в<+. +) (р) = 8 (р - р,) + /<-Ь +> (р) 3 + {Ε + ω - W), (8.30)



6 2 0 В. П. СИЛИН И В. Я. ФАЙНБЕРГ

где δ + (χ) = Inb (χ) , а для остальных функций

*α<ρ>= w?J?U · <8·3Ι>
Для функций / · ζ получаем из (8.21) следующую систему урав-
нений:

Σ ΔΜ Г (Ρ) = з б *++ (Р. Ро) + ш J «*'*++ *· Ρ') Χ
•Ч'

Υ f
Ч'«Ч'

где

ά% = г% (W - ζ'Ε - ζ'ω)- 1. (8.33)

Отделение угловых переменных можно провести, используя ортого-
нальную систему полиномов Ζ.*, рассмотренных в работе7 3 (см.
выше § 5). При этом благодаря введению согласно формуле (8.17)
функции αΕξ (ρ) для отделения угловых переменных достаточно раз-
ложить по полиномам Li функции /*£ и ядра R%>.

Подставляя в уравнение (8.32) разложение

(8-34)

и исключая угловые переменные, получаем систему уравнений для
амплитуд / ε ξ , соответствующих заданному значению полного (j)
и орбитального (/) моментов системы мезона и нуклона. Получаю-
щиеся интегральные уравнения являются уже одномерными, так
как функции/}} зависят лишь от модуля р:

Σ *$ ШТ(Р) = з& Л#++ (Р. Ро) X

ψ-
(P)· (8.35)
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Ядра JlR связаны с функциями AS и JlT формулой (8.23),
причём

1 - е 1 - Е '

у/о«6 _ „ / , ( Ρ \ 2 f Р' \ 2 ν

X[z(W-A4)}Jki(E + Bs'E'-

1 + « ! + •'
2 7 _ ^ ^ 2

Χ [ ε (^ + Λί) У,3 (Ε + εε'£' -
ε'£' 4- ε« 4- ̂ ω ' + ^ - w ) J*, ( ω + ^ ν - ^)ΐ · (8·36)

1 - Е 1 - Е '

. = ο Λ , / f ?Ζ ο (ε

ρ
1+Ε

В (8.36) введено обозначение (ср. § 5)

+1
dx

_ _ ι

E9 = 2 / 7 ^ , (8.38)

где Pk(x) — полиномы Лежандра. Для состояния Si/, (y = 1/2,
/ = 0) следует положить fe1 = 0, fe2 = 1; для состояния А/, А1 = 1,
А2 = 0; для состояния P 3 / j fej = l, fe2 = 2. Ядра JlT отличны от
нуля лишь для состояний с полным моментом половина, т. е. только
для состояний 5ι/3 и Рч,. Это соответствует тому факту, что
ядро Τ возникает благодаря «цепочке с поглощением» (см. выше
рис. 8). Иными словами, в соответствующем промежуточном состоя-
нии имеется только один нуклон, который естественно покоится
в системе центра инерции и, следовательно, облад ет полным
моментом j = 1/ а. Это же приводит к тому, что ядро N.T отлично
от нуля лишь для состояний с изотопическим спином половина.

Остановимся теперь на физическом смысле амплитуд / (р) .
Используемые нами граничные условия соответствуют тому факту,
что только лишь амплитуда нуклона с положительной энергией
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и мезона с положительной частотой соответствует на бесконечности
падающей и расходящейся волнам. Благодаря этому, как это
с очевидностью следует из соотношения (6.4), падающая и расхо-
дящиеся волны оказываются совпадающими для амплитуд старого
и нового метода Т. Д. Но так как квадрат соответствующей ам-
плитуды старого метода даёт сечение рассеяния, то то же самое
даёт амплитуда / ( +- +> (р).

Уравнения (8.35) для функций /д содержат мнимые коэффи-
циенты. Однако с помощью преобразования

} 1 (8.39)

можно перейти к уравнениям с действительными коэффициентами
для действительных функций и д. Эти уравнения отличаются от
(8.35) только заменой / на и и отсутствием мнимого слагаемого
в скобках.

Фаза рассеяния π-мезонов на нуклонах в состоянии с заданными
j , I, I, как в этом нетрудно убедиться, определяется формулой

ил++{р,). (8.40)

Система интегральных уравнений, которым подчиняются функции
ufi, не может быть решена аналитически, так же как это имело
место для уравнения мегома и нуклона в старом методе Т. Д.
Однако, кроме такого чисто технического затруднения, исследова-
ние уравнений для функций и или, что то же самое, уравнений
(8.35) наталкивается на более серьёзные трудности.

Прежде всего остановимся на общем как для старого, так
и для нового метода Т. Д. недостатке рассматриваемых урав-
нений мезона и нуклона. Как говорилось в § 3, «цепочка с по-
глощением» приводит в старом методе Т. Д. к расходящимся
выражениям. То же самое имеет место и в случае нового метода.
Это ясно хотя бы потому, что у''Т-р(1 в точности совпадает
с соответствующим ядром уравнения старого метода. Практически
перенормировка возникающих при этом расходящихся выражений
до сих пор не проделана. Однако такую перенормировку провести,
повидимому, можно в духе идей, изложенных в работах 2 7~ 3 4,
посвященных перенормировке ковариантных уравнений.

Другой недостаток уравнений (8.35) связан со своеобразным
поведением матрицы Δ\γ. Детерминант этой матрицы при больших
значениях ρ для случая достаточно малых g2 имеет следующий
вид:
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Таким образом, Δ может обращаться в нуль. Необходимо подчерк-
нуть, что возможность обращения Δ в нуль сохраняется и при боль-
ших значениях g 2 . При этом с увеличением g2 уменьшается значе-
ние р, при котором детерминант становится равным нулю. Такая
же картина имеет место и в приближении, пренебрегающем всеми
амплитудами, кроме α<+·+>12.

Обращение Δ в нуль соответствует появлению у функций Грина
частиц дополнительных полюсов 1 3 ~ 1 4 , не имеющих прямого физи-
ческого смысла и указывающих по крайней мере на ограниченную
область применимости приближённых уравнений. Можно думать,
что учёт высших приближений сможет существенно изменить Δ.
Однако для выяснения этого необходимо специальное исследование.

Из-за наличия указанных затруднений целесообразно также, как
это было сделано в случае старого метода Т. Д., первоначально
ограничиться рассмотрением состояний, в которых оператор Τ равен
нулю, и, кроме того, пренебречь конечными добавками от собст-
венно энергетических членов. Интерес такого приближения заклю-
чается в следующем. Как уже говорилось выше (см. § 1), метод
Т. Д. только тогда может быть по настоящему оценён, когда выяс-
нится, что при решении физических задач окажется достаточным
ограничиться небольшим числом виртуальных частиц. Поэтому ука-
занное приближение может показать, действительно ли можно в за-
даче рассеяния π-мезонов на нуклонах ограничиться приближением,
рассмотренным в старом методе, или же результат работы 6 является
в какой-то мере случайным. Численные расчёты в приближении,
пренебрегающем собственно энергетическими членами, в настоящее
время проводятся.

§ 9. СВЯЗЬ МЕТОДА ТАММА — ДАНКОВА
С КОВАРИАНТНЫМИ МЕТОДАМИ

Наряду с методом Тамма — Данкова в последние годы большое
внимание уделяется другому приближённому методу исследования
уравнений современной тесрии поля, не использующему разложение
по степеням константы связи. Речь идёт о методе получения приб-
лижённых ковариантных уравнений типа Бете — Салпетера S6~QS.
Первоначально было получено ковариантное уравнение для двух ну-
клонов 9 6 , затем метод был распространён на систему мезон-j-нук-
лон 1 8 . Кроме того, различными авторами была получена бесконечная
система ковариантных уравнений как для функций Грина ча-
стиц "> 100> 1 0 3 , так и для ковариантных волновых функций1"1, обоб-
щающая уравнения типа Бете ·— Салпетера96~98. Обрыв такой систе-
мы даёт приближённую систему ковариантных уравнений9 9 '1 0 0-1 0 3-1 0 8.
Соотношение между такой приближённой системой ковариантных
уравнений и уравнениями типа Бете — Салпетера аналогично соот-
ношению между методом Тамма — Данкова и Леви — Клейна (см. § 2).
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В этом параграфе мы кратко рассмотрим вопрос о связи метода
Тамма — Данкова с ковариантными методами. Исследование этого
вопроса представляет большой интерес, поскольку оба эти метода
обладают как бы взаимно дополняющими преимуществами. В первом
методе, в отличие от второго, совершенно ясен смысл волновой
функции и решение системы уравнений представляет более простую
задачу, однако, как мы видели в §§ 3, 7, 8, здесь возникают серьёз-
ные трудности с перенормировкой расходящихся величин, в то время,
как в ковариантных ур внениях перенормировка может быть про-
ведена в общем виде104· 1 0 5 .

Вопросами о связи указанных двух методов занималось много
авторов 2 2 ' 2 4 · 1 0 1 - 1 0 6 · 1 0 7 . Однако большинство из них рассматри-
вало вопрос о получении из ковариантных уравнений трёхмерных
уравнений в приближении Леви — Клейна. Проблема получения си-
стемы уравнений Тамма — Данкова из системы ковариантных урав-
нений в любом приближении до сих пор не решена. Поэтому вопрос
о связи этих двух методов мы разберём в низшем приближении на
примере уравнения для двух нуклонов и для системы мезон -\- нуклон.

Уравнение для функции Грина G (х, у; х', у') *) двух нуклонов
в низшем приближении без учёта членов собственной энергии имеет
вид9 6:

G (х, у; х', у!) = -f S£> (* - χ') Sf (у - у') +

+ *L J (SF(x - Xl) τΑγ5) <" (SF(y - уг ) γ Λ ) год, (Xl - Λ ) χ

dy1. (9.1)

Здесь SF и Δ/? — функции распространения свободного нуклона
и мезона (см. § 2; формулы (2.7)); индексы (1) и (2) указывают
номер нуклона.

С точки зрения теории возмущений уравнение (9.1) учитывает
все феймановские диаграммы «лестничного типа» (рис. 10).

Волновая функция ψ(χ, у) двух взаимодействующих нуклонов
определяется с помощью функции Грина следующим образом:

ψ(*. У) =
= - J G(х, у; х', /)(γJu> (γ4)Ρ) = ψ0(*', у') dx'dy',

(9.2)
где ψ0 (χ, у) — волновая функция двух свободных нуклонов.

*) Функция_Грина двух_нуклонов определяется так98: G(x,у; х'у') =
= (Ψ0, Г(фг(д:)фг(л:')Фг(у)4'гО'')]!Ро). где ψΓ — гейзенберговские опера-
торы поля, а Ψο — вакуум в представлении Гейзенберга.
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Из (9.2) и (9.1) следует96 уравнение для ty(x, у):

X bF(Xl - у,)ψ (xj, Л ) r f * ^ , ( 9 ·3)

или в дифференциальной форме

-V)· (9-4)

Решение уравнения (9.3) можно искать в частном виде

ф ( * . ^ ) = « № Χ ψ ( ί ) . ( 9 · 5 )

где A r = ^ — - и ζ = χ—у соответственно координаты «обоб-

щенного центра инерции» и относительные координаты двух частиц.

Рис. 10.

В системе центра инерции Р = (0, 0, 0, W), где W является соб-
ственным значением задачи.

Для связанных состояний W<^2M. Для рассеяния W~^-2M.
В первом случае в уравнении (9.3) фо(д:, у) — 0, поскольку этот
член представляет свободное движение частиц96.

Ограничимся случаем связанных состояний. Разложим ψ(?) по
свободным решениям:

ψ (0 = -(2^-j" «<υ (Ρ) и? (Ρ) Г (Ρ) ехР Ы) dp, (9.6)

где значки ε и о нумеруют решения уравнения Дирака с положи-
тельной (ε, σ = - | - 1 ) и отрицательной (ε, σ = — 1) энергиями. Пре-
образуя уравнение (9.3) с помощью (9.5) и (9.6) в импульсное про-
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странство, находим:

Г Т 7 Г У
~~ P o ~ ~2~) VEp~>rPo~ ~TJ

Wdfr (9.7)

Α ι ι ί»)(-ρ') . (9.8)

Кроме того, мы воспользовались удобным представлением Sp(p)

•

p — P0—~2'J

Определим трёхмерную функцию α (ξ) в системе центра тяжести
следующим образом 2 2> 9 6:

°)· (9.10)

В импульсном представлении
оо

(9.11)

Легко видеть, что уравнение (9,7) не сводится непосредственно
к уравнению для а"(р) , так как ядро уравнения (9.2) зависит
от р'о.

Такое сведение можно сделать лишь приближённо*). В нулевом
адиабатическом приближении, когда запаздывание полностью не учиты-

1 Свается, надо вместо Δ/гв ядро уравнений (9.7) подставить «--. J ΔΡ(ρ) dp0.

В этом случае зависимость ψ" (ρ) от /?0 будет пропорциональна мно-
жителю

ί ε £ ρ — Λ — - у

-\-р0 — - у - ) " 1 , т. е.

α " ( ρ ) · ( 9 Л ' 2 >

Множитель пропорциональности А" находится из условия (9.11)
и равен (при обходе полюсов к массам частиц добавляется мнимая
отрицательная добавка)

)-1. (9.13)

*) Если ограничиться в ядре уравнения для а (р) только членами —g3.
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Подставляя (9.12) в (9.7) и интегрируя по dp0 и по dpj, получим
уравнение для аеа (р) в первом приближении (с учётом отдачи):

= Σ w ί -^ г-г^'(р> р0 αεν (р0> (9Л4)

где ядро

К. (Р> Р') = - ( ωΡ - ρ-

Мы видим, что в этом приближении *)

<Ь (9.16).

Если в (9.14) пренебречь состояниями нуклонов с отрицательной
энергией, т. е. положить а— (р) = 0, то получим:

χ

Это уравнение в точности совпадает с уравнением (3.21) для двух
нуклонов, полученным в первом приближении старого метода Там-
ма —• Данкова.

С точки зрения теории возмущений смысл приближения, который
сводит уравнение (9.7) к уравнениям (9.14) и (9.17), состоит в сле-
дующем. Уравнение (9.7) учитывает все диаграммы, изображенные
на рис. Ю. Каждая такая диаграмма эквивалентна и! (где и — по-
рядок диаграммы) упорядоченным во времени диаграммам (типа изо-
бражённых на рис. 1 и 2). В частности, диаграмма и-го порядка
может содержать упорядоченную диаграмму, соответствующую одно-
временному присутствию и/2 виртуальных мезонов. Если пренебречь
в уравнении (9.7) вкладом всех упорядоченных диаграмм, содержа-
щих одновременно более одного виртуального мезона, то мы полу-
чим уравнение (9.14). Если дополнительно к этому пренебречь воз-
можностью образования виртуальных пар, то придём к уравнению
старого метода Тамма— Данкова (9.17).

Можно получить (см. 24- 1Ш) уравнение типа Леви — Клейна
для с++(р), строго эквивалентное ковариантному уравнению (9.7).
Однако ядро такого уравнения будет представлять собой бесконеч-
ный, вообще говоря, расходящийся ряд по степеням константы
связи g2.

Обратимся , теперь к уравнению для системы мезон -f- нуклон.
В этом случае дело обстоит несколько сложнее, поскольку в низ-
шем приближении можно получить несколько различных уравнений
для функции Грина мезон -\- нуклон 18> "•1 0 2. Мы будем исходить

*) Влияние отрицательных компонент рассматривалось в работе109.
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из уравнения, предложенного Мартином и Дезером 1 8 . Преимущество
этого уравнения состоит в том, что оно учитывает на языке теории
возмущений конечные цепочки вида*) (рис. 11), которые вносят
основной вклад в рассеяние с полным изотопическим спином / = 3/3.

Рис. И.

В низшем приближении это уравнение имеет вид (без учёта чле-
нов собственной энергии)

+ Σ ΊΓ j Μ * - *ι) (ϊΛ> Sf (χι - *J (ΥΛ) X

+Σ § - *,)(ΪΛ) Χ

Χ GyA (*s, * ! ; J C O A f (ΛΓ2 - С) rfx,^. (9.18)

Здесь Gjt (χζ; χ'ζ') — функция Грина уравнения мезон -\- нуклон **).
Первый член в ядре этого уравнения соответствует цепочке

с поглощением; второй — цепочке с испусканием.
В отличие от (9.2) волновая функция φ ;(*£) взаимодействующих

мезона и нуклона связана с Glk (χζ; χ'ζ') следующим образом ***):

1 όό

где ψ. (χ, у) — волновая функция свободных нуклона и мезона.
Уравнение для <?j(x, у), которое следует из (9.18) с помощью (9.19),

*) Так называемые «изобарные» цепочки. _
**) По определению Gik (χζ; x'V) = (Ф„. Τ [ψΓ (χ) ψΓ (χ') <ц (ζ) η (С)] Φο) ·

***) Различие обусловлено тем, что волновая функция мезона подчиняется
уравнению второго порядка.
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и м е е т в и д ·. - . 1

X SF (xj — x2) (γ txj) bF (xx -

. Χφ,-Οκο, хх)ахгахг. (9.20)

Уравнение мезон -j-- нуклон, как правило, используется для исследо-
вания задачи рассеяния. Поэтому переход к трёхмерному уравнению
мезон-j-нуклон мы совершим непосредственно в уравнении (9.18)
для функции Грина мезон -\~ нуклон *).

Переходя в (9.18) к импульсному представлению, в системе цен-
тра инерции получим:

Οι* (А />': W) = 8 t ti

+ λΩ (ρ, W) Σ j {(γ5τ;) Sp (Ρ) (γΛ · )

+ (by)SF(P + P"Hl^)}Gjk(P, P"; W)dp"..., (9.21)

где р и ρ' соответственно начальный и конечный относительные
4-импульсы системы мезон -j- нуклон; W — полная энергия системы;

По аналогии с трёхмерной волновой функцией i(cM. 9.14) трёх-
мерную функцию Грина определяют соотношением

G i f t(p, Ρ'; W) = J Glk (ρ, / ; W)dPudp0 =

ik(p, p ' ; W)dp0,
 :

где

Рассуждая так же, как и в случае двух нуклонов, находим,
что в первом приближении

О ( Ρ' W)

+ Λ_ (ρ) (W + E p + «,ρ)) γ4ΟίΑ (ρ, ρ'; Г). (9.JS)

*) Переход к трёхмерному уравнению для волновой функции
мезон -J- нуклон производится подобно тому, как это сделано выше для
двух нуклонов.

11 УФН, т. LV1, вып. 4
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Введём далее функцию Грина, соответствующую заданной энергии
нуклона и мезона, в конечном состоянии

σΛ (θ) / IK/ \

0%(Р> Ρ': Ю = - ^ (асор ~Ро+~) Gik (ρ, ρ'; W), (9.24)

где е и σ пробегают значения ±_ 1. Тогда, если определить

О"(р, р'; w) = $Q"(p, ρ'; W)dp0, (9.25)
то, поступая так же, как и в случае двух нуклонов, получим для
О " следующее уравнение:

χ (Ρ. Ρ'; »') = ·7ΐ

У, ε '

х JOU'(P*. p'; ww' - Σ w - ^ ( ^ i )

О'-' . Χ l lW<

- χ
V'-r^-p,

(9.26)

[гВ рассматриваемом здесь приближении (см. (9.16))

О + - (р, р " ; W) = G - + ( p , ρ"; W) = 0. (9.27)

Если пренебречь в (9.26) состояниями с отрицательной энергией
и ввести вместо G++ амплитуду рассеяния

i ί EP - ωρ) - δ « δ (Ρ г Ρ') (2 < up) ; i 1 Λ + (Ρ) ϊ*'
( то /уравнение для •«++ будет 'в точности совпадать с уравнением (5.5)

ллезон -j- нуклон в старом методе Тамма — Данкова.
1 ' Отметим, что уравнение (9.26) было исследовано в нерелятивист-
' приближении в работе и о . Наиболее интересный результат

•'. I .
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этого исследования заключается в том, что в состоянии с / = 3/2

и / = 5 (где / — орбитальный момент) система π-мезон ••{- нуклон
при g - 2 ^ 1 3 и W — Μ — μ S 35 Мэв образует виртуальное со-
стояние с временем жизни ^ 10~10 сек., что согласуется по порядку-
величины с временем жизни Л°-частицы *). Однако расчёт произве-
дён слишком грубо и нуждается в уточнении.

В заключение этого параграфа мы остановимся на связи уравне-
ний (9.3) и (9.21) с ссответствующими уравнениями нового метода
Тамма — Данкова.

Правила обхода полюсов при интегрировании по dp^ в формулах
(9.11) и (9.22) определяются по Фейнману, т. е. к массам частиц
добавляется мнимая отрицательная добавка. Определим новые трёх-
мерные функции для двух нуклонов и для мезона и нуклона соот-
ношением (9.11) и (9.22), предположив, что при интегрировании
по dp^ к W добавляется мнимая положительная добавка**) 2 >.

Тогда в первом приближении трёхмерные уравнения для этих
функций, которые вытекают из уравнений (9.3) и (9.21), будут
иметь следующий вид:

в случае двух нуклонов

[W - (г + о) Ер] а- (р) ?&" Σ f " ^ 7 Γί1> Γ $ Χ

Χ ΐ 4 - Ρ τ - " ρ - ρ ' τ — ρ . - -

(9.28)

в случае мезона и нуклона

( Г _ S £ p _ σ ω ρ ) О- (ρ, ρ'; W) = ( ^ - ) 8,Λ (ρ) Ϊ 4 (2ωρ)-1 Χ

Κ (Ρ)Χ б (Ώ — О } Ост —\ ^ — 7 I fJp-r i'C.-t A ( ; ; — ι\Н V ) "εσ \ (2π) 3 2ω imi \ * ' · " \\Χ/ 2 Μ2 1

J, ε' У

ϊι'(ρ", Ρ'; w)dv"~

(Э.29)

*)См. также ш .
**) Так называемое аналитическое продолжение Дайсона 1 1 2-

11*
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Уравнения (9.28) и (9.29) совпадают с соответствующими урав-
нениями в новом методе Тамма — Данкова.

Подчеркнём важное различие между уравнениями (9.3) и (9.21),
с одной стороны, и уравнениями (9.28) и (9.29), с другой. Во-пер-
вых, в уравнениях (9.3) и (9.21) отличны от нуля только (-\--\-)-
и ( )-компоненты волновых функций, в то время как в уравне-
ниях (9.28) и (9.29) отличны от нуля все компоненты. Во-вторых,
в уравнениях (9.28) и (9.29) появляются так называемые «ложные
полюса» 9 *); наличие «ложных полюсов» в уравнениях нового ме-
тода Тамма — Данкова приводит к дополнительным трудностям при
перенормировке уравнений. В уравнениях (9.3) и (9.21) «ложные
полюса* не возникают.

Выше мы рассмотрели на простейших примерах связь уравнений
кипа Тамма — Данкова с ковариантными уравнениями типа Бете —
Салпетера. При этом были сделаны два существенных ограничения:
во-первых, в исходных ковариантных уравнениях (9.1) и (9.18) от-
брасывались собспвенно-энергетические члены и, во-вторых, мы огра-
ничились первым неисчезающим приближением для этих уравнений.
Учёт членов собственной энергии в уравнениях (9.1) и (9.18) позво-
ляет после проведения перенормировки получить из ковариантных
уравнений; трёхмерные перенормированные уравнения типа Т. Д.
Однако возникновение дополнительных полюсов в перенормированных
функциях распространения (см. 1 0 · 1 2 ) существенно сужает область
применимости таких уравнений (как ковариантных, так и вытекаю-
щих из них трёхмерных). Исследование возникающих здесь вопросов
Представляет в настоящее время несомненный интерес.

В заключение следует сказать, Цто хотя мезонная теория всё
ещё далека от полного количественного описания ядерных явлений,
однако отсутствие качественных противоречий между предсказаниями
мезонной теории и экспериментальными данными ядерной физики
заставляет думать, что построение правильных математических ме-
тодов решений ур внений мезонного поля позволит -получить (воз-
можно в ограниченной области энергий, например -^ Мс2) количе-
ственную теорию ядерных явлений п з .
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