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ТРИЧАСТИНКОВI ПОЛЯ ЯК МЕТОД
ОПИСУ БАРIОНIВ У ПРОЦЕСАХ РОЗСIЯННЯУДК 539

Запропоновано модель тричастинкових полiв для опису барiонiв у процесах пружного i
непружного розсiяння. Модель дозволяє описати утримання кваркiв усерединi адрону i
їх конфайнмент, i одночасно вона описує взаємодiю кваркiв рiзних адронiв у процесi їх
зiткнення. Така взаємодiя забезпечується обмiном зв’язаними станами двох глюонiв,
якi теж знаходяться в станi конфайнменту.
Ключ о в i с л о в а: багаточастинковi поля, пiдмножина одночасностi, конфайнмент.

1. Вступ
На наш погляд, в квантовiй теорiї поля iснує прин-
ципова проблема. Суть цiєї проблеми полягає в то-
му, що оператори, за допомогою яких можна по-
будувати фокiвський стан системи взаємодiючих
частинок [1–4] вiдрiзняються вiд операторiв кван-
тованих полiв. Так вiдбувається тому, що операто-
ри польових функцiй визначенi на просторi Мiн-
ковського i, вiдтак, у довiльнiй системi вiдлiку за-
лежать вiд часу. Внаслiдок цього, такi операто-
ри, дiючи на фокiвський стан змiнюють не тiль-
ки числа заповнення одночастинкових станiв, але
й часову залежнiсть стану. I ця змiна вiдбуває-
ться незалежно вiд оператора часової еволюцiї. В
той же час, для системи взаємодiючих частинок,
залежнiсть стану вiд часу не може бути зведена
до залежностей вiд часу одночастинкових станiв,
i визначається виключно оператором часової ево-
люцiї. Визначення чисел заповнення одночастин-
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кових станiв, в цьому випадку, потребуватиме вiд-
дiлення часової залежностi вiд залежностей решти
динамiчних змiнних, з подальшим розкладом цiєї
останньої залежностi по добутках одночастинко-
вих станiв [5]. Таким чином, ми отримаємо опе-
ратори, дiя яких змiнює залежнiсть стану вiд чи-
сел заповнення, але не змiнює безпосередньо зале-
жнiсть стану вiд часу. Тобто, вони змiнюють зале-
жнiсть стану вiд чисел заповнення, а вже як на-
слiдок змiни цiєї залежностi, дiючи на такий змi-
нений стан оператором часової еволюцiї, ми отри-
маємо змiну його залежностi вiд часу. Тим самим,
вони вiдрiзняються вiд утворюваних елементiв ал-
гебри польових операторiв i незрозумiло за якими
правилами цi оператори повиннi переставлятися.
Тому, дiя польових операторiв i оператора часової
еволюцiї на елементи простору Фока системи вза-
ємодiючих частинок стає невизначеною. Цю ситу-
ацiю можна добре прослiдкувати на прикладi вi-
домого методу Тамма–Данкова [6–9]. В роботi [6]
розглянута нами проблема iгнорується внаслiдок
того, що iгнорується як залежнiсть вiд часу фокiв-
ського стану, так i залежнiсть вiд часу польових
операторiв. Тодi, оператори, за допомогою яких
виражається стан i оператори, що входять в га-
мiльтонiан в обох випадках виявляються функцi-
ями вiд iмпульсу. В роботi [6] їх переставляють за
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одночасними переставними спiввiдношеннями [4],
що формально дозволяє визначити дiю гамiльто-
нiану на стан i розв’язувати для нього задачу на
власнi значення. Однак, на наш погляд, такий пiд-
хiд є помилковим, тому що оператори народжен-
ня, за допомогою яких будується стан, народжу-
ють частинку з певним тривимiрним iмпульсом,
тобто збiльшують вiдповiдне число заповнення в
розкладi координатної частини стану по одноча-
стинкових станах, власних для iмпульсу. Польовi
оператори народження, якi в представленнi взає-
модiї також залежать вiд тривимiрного iмпульсу,
народжують частинку не тiльки з таким iмпуль-
сом, а ще й з певною енергiєю, яка повнiстю ви-
значається цим тривимiрним iмпульсом. Тому, це
є рiзнi операторнозначнi функцiї вiд тривимiрного
iмпульсу i переставляти їх за переставними спiв-
вiдношеннями для операторiв одного й того само-
го поля не має пiдстав. Взагалi, будь-який польо-
вий оператор, виходячи з координатного представ-
лення, якщо застосувати для нього перетворення
Фур’є, буде народжувати або знищувати частин-
ку не тiльки з якимось iмпульсом, а й iз якоюсь
енергiєю. Це добре видно в роботi [10], де бага-
точастинковi ефекти розглядаються за допомогою
звичайних одночастинкових польових операторiв.
Зазначенi проблеми проявляються в роботах [7, 9],
в яких метод Тамма–Данкова намагаються сфор-
мулювати Лоренц-коварiантним чином. Це миттє-
во призводить до розгляду багаточасових амплiтуд
ймовiрностi. Нашу точку зору щодо неможливостi
застосування багаточасового опису в релятивiст-
ськiй квантовiй теорiї ми докладно виклали в ро-
ботi [11].

В тих задачах, в яких початковий i кiнцевий
стан можна сформувати з вiльних квантiв взаємо-
дiючих полiв, як наприклад, у задачах розсiяння
лептонiв, вказана проблема не виникає, бо якщо
частинки не взаємодiють, їх одночастинковi стани
можна зсувати в часi поодинцi, незалежно один вiд
одного, i тодi такий стан можна виразити, дiючи
польовими операторами на вакуум i переставля-
ючи далi iз тими ж польовими операторами, що
входять в оператор часової еволюцiї. При цьому,
матимемо динамiчну модель, що призведе до збе-
реження суми одночастинкових енергiй-iмпульсiв,
що в цьому випадку вiдповiдає експерименту.

Але в задачах розсiяння адронiв, кварки всере-
динi адронiв сильно взаємодiють як в початково-

му станi, так i в кiнцевому. Тому, розглянута про-
блема стає суттєвою. На сьогоднiшнiй день при
описi процесiв з адронами, цю проблему обходять
роздiляючи процес розсiяння на стадiї [12, 13], i
описуючи кожну стадiю окремо за допомогою роз-
робленого спецiально для неї пiдходу. Зокрема,
вихiднi адрони, зазвичай, представляють за до-
помогою партонної моделi [14]. Такий пiдхiд не
може вважатися задовiльним розв’язком вказа-
ної проблеми. По-перше, адрон замiнюється систе-
мою невзаємодiючих частинок i, таким чином, в
задачу штучно вводяться одночастинковi енергiї-
iмпульси. По-друге, партонна модель оперує не ам-
плiтудами, а ймовiрностями [15, 16] i тому такої
конструкцiї як оператор народження партону, або
лагранжiан партонного поля, в межах цiєї моделi,
не може бути в принципi. Тому, партонна модель
це скорiше спосiб феноменологiчно обiйти розгля-
нуту проблему, нiж її розв’язати. Те ж саме можна
сказати щодо стадiї адронiзацiї [12, 13]. Оскiльки,
оператор взаємодiї полiв мiстить дельта-функцiю,
що забезпечує збереження сум одночастинкових
енергiй-iмпульсiв [17, 18], то як наслiдок, i опера-
тор часової еволюцiї буде забезпечувати лише збе-
рiгання суми одночастинкових енергiй-iмпульсiв, в
той час як для адронiв не iснує одночастинкових
енергiй-iмпульсiв i в експериментi зберiгається ли-
ше сумарний чотиривектор енергiї-iмпульсу адро-
нiв. Цей висновок, мабуть, не залежить вiд ме-
тоду розрахунку оператора часової еволюцiї. Дiй-
сно, часова залежнiсть виробляючого функцiона-
лу цього оператора [3] з’являється лише через його
одночастинковi аргументи [19]. Якщо застосувати
для цих аргументiв перетворення Фур’є, i перейти
вiд оператора часової еволюцiї до оператора роз-
сiяння, то ядра оператора розсiяння, що описують
вiдображення мiж пiдпросторами простору Фока,
якi вiдповiдають рiзним частинкам [3] будуть мi-
стити дельта-функцiї вiд рiзницi сум одночастин-
кових енергiй-iмпульсiв у початковому i кiнцевому
станах. Тому, навiть, якщо б вдалося точно розра-
хувати континуальний iнтеграл, що виражає опе-
ратор часової еволюцiї, мабуть, це не допомогло б
описати адронiзацiю кваркiв i глюонiв. З цiєї то-
чки зору зрозумiло, що в цьому сенсi не допомо-
жуть ґратковi розрахунки [20–23]. Фактично, та-
кi розрахунки є способом наближеного розрахун-
ку континуального iнтегралу, за допомогою якого
виражається оператор розсiяння, пов’язаний iз ам-
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плiтудою переходу з одного стану невзаємодiючих
частинок до iншого стану також невзаємодiючих
частинок.

В роботi [11] було запропоновано метод багато-
частинкових полiв для опису двочастинкових зв’я-
заних станiв – мезонiв i зв’язаних станiв калiбру-
вальних бозонiв. В цих роботах, а також в [24, 25]
було наведене мотивування цього методу i про-
аналiзованi вiдмiнностi вiд iнших пiдходiв до опи-
су зв’язаних станiв кваркiв i глюонiв у процесах
розсiяння адронiв. Опис експериментiв iз розсiян-
ня, в яких у початковому станi використовуються
розiгнанi протони, потребує побудови аналогiчної
моделi для трикваркових систем. Подiбна модель
вже розглядалася в роботi [24] i навiть застосову-
валася в роботi [26] для опису пружного розсiя-
ння протонiв. Однак, у згаданiй роботi [11] було
запропоновано бiльш послiдовний варiант методу
багаточастинкових полiв. Метою цiєї роботи є опис
трикваркової системи в межах цього пiдходу. В
усiх подальших обчисленнях використовується си-
стема одиниць, у якiй дiя i гранична швидкiсть
передачi взаємодiї безрозмiрнi, i всi величини до-
множаються на такi комбiнацiї константи Планка
~ i граничної швидкостi 𝑐, щоб отримати ступенi
довжини.

2. Пiдмножина одночасностi
i скалярний добуток на цiй пiдмножинi

Розглянемо спочатку систему трьох невзаємодiю-
чих фермiонiв, а потiм врахуємо взаємодiю мiж
ними, яка призводить до утворення зв’язаного ста-
ну. Всi подiї, якi можуть вiдбуватися з такою си-
стемою, можна зiставити з множиною дванадця-
тикомпонентних стовпцiв:

𝑧𝑎 =

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎝

𝑥01
𝑥11
𝑥21
𝑥31
𝑥02
𝑥12
𝑥22
𝑥32
𝑥03
𝑥13
𝑥23
𝑥33

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎠

. (1)

Тут нижнi iндекси означають номера частинок, а
верхнi – вiдповiднi часовi або просторовi координа-
ти у просторi Мiнковського кожної частинки. Той
факт, що частинки тотожнi i насправдi не мають
номерiв можна врахувати як зазвичай накладаю-
чи вiдповiднi умови симетрiї на залежностi вiд цих
координат. Розглянемо лiнiйний простiр стовпцiв
(1) i введемо на ньому скалярний добуток:

⟨𝑧| 𝑧⟩ = 1

3

(︀
𝑔Minc
𝑎1𝑎2

𝑥𝑎1
1 𝑥

𝑎2
1 + 𝑔Minc

𝑎1𝑎2
𝑥𝑎1
2 𝑥

𝑎2
2 +

+ 𝑔Minc
𝑎1𝑎2

𝑥𝑎1
3 𝑥

𝑎2
3

)︀
. (2)

Тут 𝑔Minc
𝑎1𝑎2

– тензор Мiнковського. Далi, зручно бу-
де розглядати цей лiнiйний простiр у координатах
Якобi:

𝑥𝑎1 = 𝑋𝑎 − 1

3
𝑦𝑎1 − 1

2
𝑦𝑎2 ,

𝑥𝑎2 = 𝑋𝑎 − 1

3
𝑦𝑎1 +

1

2
𝑦𝑎2 ,

𝑥𝑎3 = 𝑋𝑎 +
2

3
𝑦𝑎1 .

(3)

В цих координатах скалярний добуток (2) приймає
вид:

⟨𝑧|𝑧⟩ = 𝑔Minc
𝑎1𝑎2

(︂
𝑋𝑎1𝑋𝑎2 +

2

9
𝑦𝑎1
1 𝑦𝑎2

1 +
1

6
𝑦𝑎1
2 𝑦𝑎2

2

)︂
. (4)

Квантовий стан системи, що розглядається, опису-
ватиметься стовпцем простору Фока, у якого вiд-
мiнна вiд нуля лише тричастинкова компонента.
Квадрат модуля цiєї компоненти має сенс сумi-
сної густини ймовiрностей результатiв вимiрюва-
ння динамiчних змiнних трьох частинок, проведе-
ного одночасно вiдносно тiєї системи вiдлiку, вiд-
носно якої проводиться вимiрювання. Принципо-
вiсть питання щодо одночасностi докладно обгово-
рена в роботах [11, 27]. Таким чином, фокiвський
стан розглядається не на лiнiйному просторi стов-
пцiв (1), а на його пiдмножинi, що визначається
спiввiдношеннями:

𝑦01 = 0, 𝑦02 = 0, (5)

якi називатимемо далi пiдмножиною одночасностi.
Також введемо позначення:

y1 =
(︀
𝑦11 , 𝑦

2
1 , 𝑦

3
1

)︀
, y2 =

(︀
𝑦12 , 𝑦

2
2 , 𝑦

3
2

)︀
. (6)

Множину цих величин будемо далi називати вну-
трiшнiми координатами динамiчної системи, що
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розглядається. Тричастинкову компоненту фокiв-
ського стовпця позначимо Ψ3 (𝑋,y1,y2). Тут ми
позначили як 𝑋 четвiрку чисел 𝑋0, 𝑋1, 𝑋2, 𝑋3.

Точку пiдмножини одночасностi можна охара-
ктеризувати десятивимiрним стовпцем:

𝑞 =

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎝

𝑋0

𝑋1

𝑋2

𝑋3

𝑦11
𝑦21
𝑦31
𝑦12
𝑦22
𝑦32

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎠
. (7)

Для таких стовпцiв введемо скалярний добуток
так, щоб вiн спiвпадав iз (4) у випадку, коли вико-
нується умова одночасностi (5).

⟨𝑞| 𝑞⟩ = 𝑔𝑎1𝑎2
𝑞𝑎1𝑞𝑎2 ,

𝑔𝑎1𝑎2
=

=

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎝

1 0 0 0 0 0 0 0 0 0
0 −1 0 0 0 0 0 0 0 0
0 0 −1 0 0 0 0 0 0 0
0 0 0 −1 0 0 0 0 0 0
0 0 0 0 − 9

2 0 0 0 0 0
0 0 0 0 0 − 9

2 0 0 0 0
0 0 0 0 0 0 − 9

2 0 0 0
0 0 0 0 0 0 0 −6 0 0
0 0 0 0 0 0 0 0 −6 0
0 0 0 0 0 0 0 0 0 −6

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎠
.

(8)

Звичайно, пiдмножину одночасностi неможли-
во видiлити Лоренц-iнварiантним способом i у ко-
жного iнерцiйного спостерiгача така пiдмножина
своя. Як докладно показано в [11] це не протирi-
чить принципам теорiї вiдносностi. Так вiдбуває-
ться тому, що виходячи iз принципу вiдносностi,
якщо один iнерцiйний спостерiгач проводячи ви-
мiрювання над певною квантовою системою пови-
нен робити їх одночасно вiдносно себе, то й кожен
iнший iнерцiйний спостерiгач повинен робити свої
вимiрювання одночасно вiдносно себе. Тому, рiзнi
iнерцiйнi спостерiгачi не можуть скористатися для
своїх вимiрювань однiєю й тiєю ж системою подiй.
Як вiдомо, перетворення Лоренца пов’язують ко-
ординати однiєї i тiєї ж подiї в рiзних iнерцiйних

системах вiдлiку. Оскiльки, при вимiрюваннях рi-
знi спостерiгачi повиннi реалiзовувати рiзнi подiї,
то й координати цих подiй не повиннi пов’язува-
тися перетвореннями Лоренца. Також в [11,27] по-
казано, що залежнiсть фокiвського стану вiд вну-
трiшнiх змiнних залишається однаковою в рiзних
iнерцiйних системах вiдлiку, а залежнiсть вiд ко-
ординат 𝑋0, 𝑋1, 𝑋2, 𝑋3 перетворюється при пере-
ходi вiд однiєї iнерцiйної системи вiдлiку до iншої
по закону звичайної скалярної функцiї:

Ψ′
3 (𝑋

′,y1,y2) = Ψ3

(︁
𝑋 = Λ̂−1 (𝑋 ′) ,y1,y2

)︁
. (9)

Тут Ψ′
3 (𝑋

′,y1,y2) – тричастинкова компонента
фокiвського стану в системi вiдлiку, яка отриму-
ється вiд вихiдної системи вiдлiку, вiдносно якої
тричастинкова компонента є Ψ3 (𝑋,y1,y2) за допо-
могою перетворення Лоренца Λ̂. Звернемо увагу на
те, що зв’язок 𝑋 = Λ̂−1 (𝑋 ′) з’являється в (9) не за
рахунок перетворень Лоренца, а за рахунок пере-
творення форми залежностi функцiї Ψ3 (𝑋,y1,y2)
вiд аргументiв 𝑋0, 𝑋1, 𝑋2, 𝑋3 [4, 27]. Пояснимо
це бiльш докладно. Припустимо, що в нас є два
iнерцiйнi спостерiгачi, якi користуються система-
ми вiдлiку “без штриха” i “з штрихом”. Припусти-
мо, що перший iз них, використовуючи свiй ан-
самбль тричастинкових систем, в рiзнi моменти
часу 𝑋0 провiв вимiрювання координат трьох ча-
стинок x1 =

(︀
𝑥11, 𝑥

2
1, 𝑥

3
1

)︀
, x2 =

(︀
𝑥12, 𝑥

2
2, 𝑥

3
2

)︀
, x3 =(︀

𝑥13, 𝑥
2
3, 𝑥

3
3

)︀
кожен раз одночасно вiдносно себе, i

за результатами цих вимiрювань розрахував роз-
ташування центру мас тричастинкової системи за
допомогою вектору X =

(︀
𝑋1, 𝑋2, 𝑋3

)︀
, i внутрiшнi

координати y1,y2 за формулами (3). Припустимо,
що те ж саме зробив i спостерiгач “з штрихом”,
але з своїм, таким самим як i у першого спостерiга-
ча ансамблем таких самих тричастинкових систем.
Як того вимагає принцип вiдносностi, вiн реалiзо-
вував аналогiчнi вимiрювання одночасно вiдносно
себе. Момент часу, коли вiн це робив позначимо
𝑋 ′0, а результати вимiрювань x′

1 =
(︁
𝑥′

1
1, 𝑥

′2
1, 𝑥

′3
1

)︁
,

x′
2 =

(︁
𝑥′

1
2, 𝑥

′2
2, 𝑥

′3
2

)︁
, x′

3 = =
(︁
𝑥′

1
3, 𝑥

′2
3, 𝑥

′3
3

)︁
i, вiдпо-

вiдно, X′ =
(︁
𝑋 ′1, 𝑋 ′2, 𝑋 ′3

)︁
i y′

1 =
(︁
𝑦′

1
1, 𝑦

′2
1, 𝑦

′3
1

)︁
,

y′
2 =

(︁
𝑦′

1
2, 𝑦

′2
2, 𝑦

′3
2

)︁
. Оскiльки подiї, якi полягають

в тому, що перший спостерiгач виявляє частинки в
момент часу 𝑋0 в околах точок x1,x2,x3 є одноча-
снi в однiй системi вiдлiку, а подiї, що полягають
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у виявленнi другим спостерiгачем у момент часу
𝑋 ′0 частинок в околах точок x′

1, x
′
2, x

′
3 одноча-

снi в iншiй системi вiдлiку, то це рiзнi трiйки по-
дiй. Тому, їх координати неможливо пов’язати мiж
собою. Але аргументи, наведенi в [11, 27] призво-
дять до висновку, що на кожну реалiзацiю вимi-
рювання спостерiгачем “без штриха” в момент 𝑋0

з результатом в околi (X,y1,y2) знаходиться реа-
лiзацiя вимiрювання спостерiгачем “з штрихом” в
момент 𝑋 ′0 з результатом в околi (X′,y1,y2), та-
кому, що величини

(︁
𝑋 ′0, 𝑋 ′1, 𝑋 ′2, 𝑋 ′3

)︁
пов’язанi iз

𝑋0, 𝑋1, 𝑋2, 𝑋3 спiввiдношенням 𝑋 ′𝑎 = Λ𝑎
𝑏𝑋

𝑏, де
Λ𝑎
𝑏 – елементи матрицi перетворення Лоренца, що

переводить систему вiдлiку “без штриха” в систе-
му з “з штрихом”. Саме такий сенс вкладається в
формулу (9) i саме це ми маємо на увазi, коли го-
воримо, що зв’язок мiж координатами 𝑋 виникає
не за рахунок перетворень Лоренца, а за рахунок
перетворення форми стану [4, 27].

Зазначена в попередньому роздiлi проблема ви-
никає внаслiдок того, що польовi оператори визна-
ченi на просторi Мiнковського, в той час, як фокiв-
ський стан, на який вони повиннi дiяти, визначе-
ний на пiдмножинi одночасностi. На нашу думку,
шляхом виходу з цiєї ситуацiї є побудува польової
моделi з операторами поля, що заданi не на про-
сторi Мiнковського, а на пiдмножинi одночасно-
стi. Такi поля будемо далi називати багаточастин-
ковими полями. Польовi оператори таких багато-
частинкових полiв змiнюватимуть числа заповне-
ння не одночастинкових, а багаточастинкових (в
нашому випадку тричастинкових) станiв. Розгля-
немо побудову такої моделi.

3. Тричастинкове бiспiнорне
поле на пiдмножинi одночасностi

Пiдмножина одночасностi iз визначеним скаляр-
ним добутком є областю визначення тричастинко-
вого поля. Розглянемо область значень такого по-
ля. Нас цiкавить побудова операторiв, якi змiню-
ватимуть числа заповнення трикваркових станiв.
Для випадку невзаємодiючих кваркiв, такий опе-
ратор можна отримати перемножаючи три опера-
тори бiспiнорного поля з подальшим переходом на
пiдмножину одночасностi:

Ψ̂𝑠1𝑠2𝑠3,𝑓1𝑓2𝑓3,𝑐1𝑐2𝑐3 (𝑥1, 𝑥2, 𝑥3)
⃒⃒⃒
𝑥0
1=𝑥0

2=𝑥0
3

=

= Ψ̂𝑠1,𝑓1,𝑐1 (𝑥1) Ψ̂𝑠2,𝑓2,𝑐2 (𝑥2)×

× Ψ̂𝑠3,𝑓3,𝑐3 (𝑥3)
⃒⃒⃒
𝑥0
1=𝑥0

2=𝑥0
3

. (10)

Тут 𝑠1, 𝑠2, 𝑠3 – бiспiнорнi iндекси, 𝑓1, 𝑓2, 𝑓3 – аро-
матовi iндекси, 𝑐1, 𝑐2, 𝑐3 – кольоровi iндекси. От-
же, область значень тричастинкового поля – лiнiй-
ний простiр тензорiв, на якому реалiзуються тен-
зорний добуток трьох бiспiнорних представлень
групи Лоренца, тензорний добуток трьох фунда-
ментальних представлень ароматової i кольорової
груп 𝑆𝑈(3). Оскiльки, ми далi збираємось вра-
ховувати лише сильну взаємодiю мiж кварками,
яка призводить до їх конфайнменту i iснування
адрону як зв’язаного стану трьох кваркiв, ми iгно-
руватимемо ароматову структуру тензора трича-
стинкового поля. Тому, розглядаючи тензори да-
лi, ми не будемо виписувати ароматовi iндекси.
Ми хочемо побудувати оператори, якi б змiнюва-
ли числа заповнення протонних тричастинкових
станiв, тобто таких, що вiдповiдають частинкам
iз спiном 1/2. Тому, з лiнiйного простору тензо-
рiв Ψ̂𝑠1𝑠2𝑠3 можна видiлити iнварiантний пiдпро-
стiр, на якому реалiзується бiспiнорне представ-
лення групи Лоренца. Докладно це видiлення роз-
глянуте в [11,24,25]. Тензори з цього лiнiйного про-
стору позначатимемо Ψ̂𝑠1,𝑐1,𝑐2,𝑐3 . Оскiльки будь-
який адрон є безкольоровим, з лiнiйного просто-
ру Ψ̂𝑠1,𝑐1,𝑐2,𝑐3 потрiбно видiлити iнварiантний пiд-
простiр тензорiв виду Ψ̂𝑠1,𝑐1,𝑐2,𝑐3 = Ψ̂𝑠1𝜀𝑐1,𝑐2,𝑐3 , якi
перетворюються за тривiальним представленням
групи 𝑆𝑈𝑐(3) (тут 𝜀𝑐1,𝑐2,𝑐3 позначено тривимiрний
символ Левi-Чивiти). Однак, таке видiлення зру-
чно провести пiзнiше, коли буде врахована взає-
модiя мiж кварками.

Отже, розглянемо тричастинкову операторно-
значну польову функцiю Ψ̂𝑠1,𝑐1,𝑐2,𝑐3 (𝑞), де 𝑞 – до-
вiльний стовпець (7) на пiдмножинi одночасно-
стi. В якостi дiї для такого поля можемо взяти
величину:

𝑆 =

∫︁
𝑑10𝑞

(︂
𝑔𝑎1𝑎2

𝜕Ψ̄𝑠1,𝑐1𝑐2𝑐3 (𝑞)

𝜕𝑥𝑎1

𝜕Ψ𝑠1,𝑐1𝑐2𝑐3 (𝑞)

𝜕𝑥𝑎2
−

− (3𝑚𝑞)
2
Ψ̄𝑠1,𝑐1𝑐2𝑐3 (𝑞)Ψ𝑠1,𝑐1𝑐2𝑐3 (𝑞)

)︁
. (11)

Тут Ψ̄𝑠1,𝑐1,𝑐2,𝑐3 (𝑞) позначає дiракiвськи спряже-
не поле. По iндексам, що повторюються, мається
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на увазi пiдсумування. Через 𝑚𝑞 позначена ма-
са констiтуєнтного кварка, яку внаслiдок знехту-
вання всiма взаємодiями ми приймаємо однако-
вою для кваркiв всiх ароматiв. Вiдповiднi рiвнян-
ня Лагранжа–Ейлера можуть бути записанi в видi:

−
(︀
𝑔Minc

)︀𝑎𝑏 𝜕2Ψ̂𝑠1,𝑐1𝑐2𝑐3 (𝑋,y1,y2)

𝜕𝑋𝑎𝜕𝑋𝑏
−

−

(︃
(3𝑚𝑞)

2
+ 2 (3𝑚𝑞) ×

×

(︃
− 1

2
(︀
2
3𝑚𝑞

)︀Δy1
− 1

2
(︀
1
2𝑚𝑞

)︀Δy2

)︃)︃
×

× Ψ̂𝑠1,𝑐1𝑐2𝑐3 (𝑋,y1,y2) = 0. (12)

Тут використано позначення:

Δy𝑎 =
𝜕2

𝜕(𝑦1𝑎)
2 +

𝜕2

𝜕(𝑦2𝑎)
2 +

𝜕2

𝜕(𝑦3𝑎)
2 , 𝑎 = 1, 2. (13)

Вираз
(︁
− 1

2((2/3 )𝑚𝑞)
Δy1 − 1

2((1/2 )𝑚𝑞)
Δy2

)︁
спiвпадає

iз внутрiшнiм гамiльтонiаном системи трьох нев-
заємодiючих нерелятивiстських частинок. Оскiль-
ки, розглядається система фiксованої кiлькостi ча-
стинок, залежнiсть поля Ψ̂𝑠1,𝑐1𝑐2𝑐3 (𝑋,y1,y2) вiд
внутрiшнiх змiнних y1,y2 повинна мати ненульовi
компоненти розкладу лише по тих власних фун-
кцiях цього внутрiшнього гамiльтонiану, яким вiд-
повiдають власнi значення меншi за 𝑚𝑞. Тодi, з
точнiстю до квадрату вiдношення власних значень
внутрiшнього гамiльтонiану до 3𝑚𝑞 можемо запи-
сати рiвняння (12) в видi:

−
(︀
𝑔Minc

)︀𝑎𝑏 𝜕2Ψ̂𝑠1,𝑐1𝑐2𝑐3 (𝑋,y1,y2)

𝜕𝑋𝑎𝜕𝑋𝑏
−

−
(︁
𝐻̂ int,0 (y1,y2)

)︁2
Ψ̂𝑠1,𝑐1𝑐2𝑐3 (𝑋,y1,y2) = 0, (14)

де
𝐻̂ int,0 (y1,y2) = 3𝑚𝑞𝐸̂ − 1

2
(︀
2
3𝑚𝑞

)︀Δy1
−

− 1

2
(︀
1
2𝑚𝑞

)︀Δy2
, (15)

де 𝐸̂ – одиничний оператор. Оскiльки, оператори
𝑃𝑎 = 𝑖 (𝜕/𝜕𝑋𝑎 ) i 𝐻̂ int (y1,y2) комутують мiж со-
бою, то для рiвняння (14) може бути реалiзова-
на процедура “розкладання на множники” [4], яка
призводить до рiвняння:

𝑖𝛾𝑎𝑠1𝑠2
𝜕Ψ̂𝑠2,𝑐1𝑐2𝑐3 (𝑋,y1,y2)

𝜕𝑋𝑎
−

− 𝐻̂ int,0 (y1,y2) Ψ̂𝑠1,𝑐1𝑐2𝑐3 (𝑋,y1,y2) = 0, (16)

яке природно назвати тричастинковим рiвнянням
Дiрака. Тут 𝛾𝑎𝑠1𝑠2 – елементи матриць Дiрака. Рiв-
няння (16) породжується лагранжiаном:

𝐿(0) =
𝑖

2

(︃
3∑︁

𝑏=0

(︂
^̄Ψ𝑠1,𝑐1𝑐2𝑐3(𝑞) 𝛾

𝑏
𝑠1𝑠2

𝜕Ψ̂𝑠2,𝑐1𝑐2𝑐3(𝑞)

𝜕𝑞𝑏
−

− 𝜕 ^̄Ψ𝑠1,𝑐1𝑐2𝑐3(𝑞)

𝜕𝑞𝑏
𝛾𝑏𝑠1𝑠2Ψ̂𝑠2,𝑐1𝑐2𝑐3(𝑞)

)︂)︃
−

− (3𝑚𝑞)
^̄Ψ𝑠1,𝑐1𝑐2𝑐3(𝑞)Ψ̂𝑠1,𝑐1𝑐2𝑐3(𝑞)+

+
1

2 (3𝑚𝑞)

9∑︁
𝑏=4

9∑︁
𝑑=4

𝑔𝑏𝑑
𝜕 ^̄Ψ𝑠1,𝑐1𝑐2𝑐3(𝑞)

𝜕𝑞𝑏
×

× 𝜕Ψ̂𝑠1,𝑐1𝑐2𝑐3(𝑞)

𝜕𝑞𝑑
. (17)

4. Калiбрувальнi поля
на пiдмножинi одночасностi

Тепер ми можемо врахувати сильну взаємодiю мiж
кварками звичайним способом – переходячи вiд
глобально 𝑆𝑈𝑐 (3) симетричного виразу (17) до
вiдповiдного локально симетричного лагранжiану
шляхом замiни похiдних на оператори коварiан-
тного диференцiювання:

𝐷̂𝑏

(︁
Ψ̂𝑠1,𝑐1𝑐2𝑐3 (𝑞)

)︁
=
𝜕Ψ̂𝑠1,𝑐1𝑐2𝑐3 (𝑞)

𝜕𝑞𝑏
−

− 𝑖𝑔𝐴
(1)
𝑏,𝑔1

(𝑞)𝜆𝑔1𝑐1𝑐4Ψ̂𝑠1,𝑐4𝑐2𝑐3 (𝑞)−

− 𝑖𝑔𝐴
(2)
𝑏,𝑔2

(𝑞)𝜆𝑔2𝑐2𝑐4Ψ̂𝑠1,𝑐1𝑐4𝑐3 (𝑞)−

− 𝑖𝑔𝐴
(3)
𝑏,𝑔3

(𝑞)𝜆𝑔3𝑐3𝑐4Ψ̂𝑠1,𝑐1𝑐2𝑐4 (𝑞),

𝐷𝑏Ψ𝑠1,𝑐1𝑐2𝑐3 (𝑞) =
𝜕 ^̄Ψ𝑠1,𝑐1𝑐2𝑐3 (𝑞)

𝜕𝑞𝑏
+

+ 𝑖𝑔𝐴
(1)
𝑏,𝑔1

(𝑞) ^̄Ψ𝑠1,𝑐4𝑐2𝑐3 (𝑞)𝜆
𝑔1
𝑐4𝑐1+

+ 𝑖𝑔𝐴
(2)
𝑏,𝑔2

(𝑞) ^̄Ψ𝑠1,𝑐1𝑐4𝑐3 (𝑞)𝜆
𝑔2
𝑐4𝑐2+

+ 𝑖𝑔𝐴
(3)
𝑏,𝑔3

(𝑞) ^̄Ψ𝑠1,𝑐1𝑐2𝑐4 (𝑞)𝜆
𝑔3
𝑐4𝑐3 .

(18)

Тут 𝑔 – константа сильної взаємодiї, 𝜆𝑔1𝑐1𝑐2 , 𝑔1 =
= 1, 2, ..., 8, 𝑐1, 𝑐2 = 1, 2, 3 – елементи матриць
Гелл–Манна, 𝐴(1)

𝑏,𝑔1
(𝑞) , 𝐴

(2)
𝑏,𝑔1

(𝑞) , 𝐴
(3)
𝑏,𝑔1

(𝑞) – операто-
ри калiбрувальних полiв. Оскiльки, простiр вну-
трiшнiх iндексiв глюонних полiв є евклiдовим, то

704 ISSN 2071-0194. Укр. фiз. журн. 2024. Т. 69, № 10



Тричастинковi поля як метод опису барiонiв

немає рiзницi мiж верхнiми i нижнiми iндекса-
ми i ми пишемо внутрiшнi iндекси матриць Гелл–
Манна верхнiми, а внутрiшнi iндекси глюонних по-
лiв нижнiми, суто для зручностi позначень. Ко-
жне з цих полiв перетворюється при локальному
𝑆𝑈𝑐 (3) – перетвореннi за звичайним законом, який
дозволяє компенсувати доданки, що виникають за
рахунок залежностi параметрiв перетворення вiд
координат. Звернемо увагу на наявнiсть саме трьох
калiбрувальних полiв, а не одного, як є в одноча-
стинковiй квантовiй теорiї поля. Умова локальної
iнварiантностi лагранжiану визначає лише закон
перетворення калiбрувального поля при вiдповiд-
ному локальному перетвореннi фермiонних полiв.
Внаслiдок цього, визначається лагранжiан i дина-
мiчнi рiвняння для калiбрувального поля. Три вве-
дених калiбрувальних поля повиннi мати один i
той самий закон перетворення i динамiчнi рiвня-
ння. Але до цих однакових рiвнянь можуть бути
поставленi рiзнi граничнi умови, що призведе до
того, що ми матимемо три рiзних розв’язки цих
рiвнянь. Оскiльки, ми збираємось описувати зв’я-
заний стан трьох кваркiв, то нам доведеться сут-
тєво враховувати граничнi умови по внутрiшнiм
змiнним.

Окрiм того, тепер можемо врахувати що барiон,
процеси народження i знищення якого ми розра-
ховуємо описати тричастинковим бiспiнорним по-
лем, повинен бути безкольоровим. Тому, з лiнiй-
ного простору триiндексних тензорiв Ψ̂𝑠1,𝑐1𝑐2𝑐3 (𝑞)
видiлимо iнварiантний пiдпростiр, на якому реа-
лiзується тривiальне представлення групи 𝑆𝑈𝑐 (3).
Для цього покладемо:

Ψ̂𝑠1,𝑐1𝑐2𝑐3 (𝑞) = Ψ̂𝑠1 (𝑞) 𝜀𝑐1𝑐2𝑐3 . (19)

Це означає, що проекцiї поля Ψ̂𝑠1,𝑐1𝑐2𝑐3 (𝑞) на ре-
шту iнварiантних пiдпросторiв, з яких складається
лiнiйний простiр триiндексних тензорiв ми покла-
ли рiвними нулю, виражаючи тим самим вiдсу-
тнiсть кольору у барiону.

Замiнюючи в (17) похiднi на оператори (18) i
враховуючи (19) отримаємо:

𝐿

6
=
𝑖

2

(︃
3∑︁

𝑏=0

(︁
^̄Ψ𝑠1 (𝑞) 𝛾

𝑏
𝑠1𝑠2

𝜕Ψ̂𝑠2 (𝑞)

𝜕𝑞𝑏
−

− 𝜕 ^̄Ψ𝑠1 (𝑞)

𝜕𝑞𝑏
𝛾𝑏𝑠1𝑠2Ψ̂𝑠2 (𝑞)

)︃)︃
− (3𝑚𝑞)

^̄Ψ𝑠1 (𝑞) Ψ̂𝑠1 (𝑞) +

+
1

2 (3𝑚𝑞)

9∑︁
𝑏=4

9∑︁
𝑑=4

𝑔𝑏𝑑
𝜕 ^̄Ψ𝑠1 (𝑞)

𝜕𝑞𝑏
𝜕Ψ̂𝑠1 (𝑞)

𝜕𝑞𝑑
+

+
𝑔2

(9𝑚𝑞)
^̄Ψ𝑠1 (𝑞) Ψ̂𝑠1 (𝑞)

9∑︁
𝑏=4

9∑︁
𝑑=4

𝑔𝑏𝑑 ×

×
(︁
𝐴

(1)
𝑏,𝑔1

(𝑞)𝐴
(1)
𝑑,𝑔1

(𝑞) +𝐴
(2)
𝑏,𝑔1

(𝑞)𝐴
(2)
𝑑,𝑔1

(𝑞)+

+𝐴
(3)
𝑏,𝑔1

(𝑞)𝐴
(3)
𝑑,𝑔1

(𝑞)−𝐴
(1)
𝑏,𝑔1

(𝑞)𝐴
(2)
𝑑,𝑔1

(𝑞)−

−𝐴
(1)
𝑏,𝑔1

(𝑞)𝐴
(3)
𝑑,𝑔1

(𝑞)− 𝐴
(2)
𝑏,𝑔1

(𝑞)𝐴
(3)
𝑑,𝑔1

(𝑞)
)︁
. (20)

Тут ми для зручностi роздiлили лагранжiан на
множник 6, який виникає за рахунок пiдсумува-
ння компонент символу Левi-Чивiти.

Введемо новi калiбрувальнi поля 𝐴
(+)
𝑏,𝑔1

(𝑞),

𝐴
(−,1)
𝑏,𝑔1

(𝑞), 𝐴
(−,2)
𝑏,𝑔1

(𝑞) за допомогою спiввiдношень,
аналогiчних тим, якi визначають тричастинковi
координати Якобi:

𝐴
(+)
𝑏,𝑔1

(𝑞) =
1

3

(︁
𝐴

(1)
𝑏,𝑔1

(𝑞) +𝐴
(2)
𝑏,𝑔1

(𝑞) +𝐴
(3)
𝑏,𝑔1

(𝑞)
)︁
,

𝐴
(−,1)
𝑏,𝑔1

(𝑞) = 𝐴
(3)
𝑏,𝑔1

(𝑞)− 1

2

(︁
𝐴

(1)
𝑏,𝑔1

(𝑞) +𝐴
(2)
𝑏,𝑔1

(𝑞)
)︁
,

𝐴
(−,2)
𝑏,𝑔1

(𝑞) = 𝐴
(2)
𝑏,𝑔1

(𝑞)−𝐴
(1)
𝑏,𝑔1

(𝑞).

(21)

Пiсля замiни (21) лагранжiан (20) може бути за-
писаний у видi:

𝐿

6
=
𝑖

2

(︃
3∑︁

𝑏=0

(︂
^̄Ψ𝑠1(𝑞)𝛾

𝑏
𝑠1𝑠2

𝜕Ψ̂𝑠2(𝑞)

𝜕𝑞𝑏
−

− 𝜕 ^̄Ψ𝑠1(𝑞)

𝜕𝑞𝑏
𝛾𝑏𝑠1𝑠2Ψ̂𝑠2(𝑞)

)︂)︃
− (3𝑚𝑞)

^̄Ψ𝑠1(𝑞)Ψ̂𝑠1(𝑞)+

+
1

2 (3𝑚𝑞)

9∑︁
𝑏=4

9∑︁
𝑑=4

𝑔𝑏𝑑
𝜕 ^̄Ψ𝑠1(𝑞)

𝜕𝑞𝑏
𝜕Ψ̂𝑠1(𝑞)

𝜕𝑞𝑑
+

+
𝑔2

(9𝑚𝑞)

(︃
9∑︁

𝑏=4

9∑︁
𝑑=4

𝑔𝑏𝑑
(︂
𝐴

(−,1)
𝑏,𝑔1

(𝑞)𝐴
(−,1)
𝑑,𝑔1

(𝑞)+

+
3

4
𝐴

(−,2)
𝑏,𝑔1

(𝑞)𝐴
(−,2)
𝑑,𝑔1

(𝑞)

)︂)︃
^̄Ψ𝑠1(𝑞)Ψ̂𝑠1(𝑞). (22)

5. Узагальнення способу
досягнення калiбрувальної iнварiантностi

Зазначимо, що використаний спосiб отримання
лагранжiану, iнварiантного вiдносно локального
𝑆𝑈𝑐 (3) перетворення не є найбiльш загальним.
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Дiйсно, якщо ми розглянемо вираз, який отриму-
ється з

(︁
𝜕 ^̄Ψ𝑠1,𝑐1𝑐2𝑐3/𝜕𝑞

𝑏
)︁(︁
𝜕Ψ̂𝑠1,𝑐1𝑐2𝑐3/𝜕𝑞

𝑑
)︁

шляхом
замiни похiдних на оператори коварiантного ди-
ференцiювання, то ми матимемо доданки трьох
типiв: якi не мiстять матриць Гелл–Манна, якi
мiстять матричнi елементи однiєї матрицi 𝜆𝑔1𝑐1𝑐2 i
якi мiстять добутки матричних елементiв двох ма-
триць 𝜆𝑔1𝑐1𝑐2𝜆

𝑔2
𝑐3𝑐4 . Першi ступенi матричних еле-

ментiв матриць Гелл–Манна входять в лагран-
жiан у видi згорток iз калiбрувальними поля-
ми 𝐴

(𝑛)
𝑔1 (𝑞)𝜆𝑔1𝑐1𝑐2 , 𝑛 = 1, 2, 3, а другi – у ви-

дi згорток 𝐴
(𝑛1)
𝑔1,𝑏

(𝑞)𝐴
(𝑛2)
𝑔2,𝑑

(𝑞)𝜆𝑔1𝑐1𝑐2𝜆
𝑔2
𝑐3𝑐4 . При цьому,

для досягнення iнварiантностi вiдносно локально-
го 𝑆𝑈𝑐 (3) – перетворення суттєвий не конкретний
вираз цих коефiцiєнтiв, а закон їх перетворення.
Тому, якщо ми добуток 𝐴

(𝑛1)
𝑔1,𝑏

(𝑞)𝐴
(𝑛2)
𝑔2,𝑑

(𝑞) замiни-

мо на тензор 𝐴
(𝑛1,𝑛2)
𝑏𝑑,𝑔1𝑔2

(𝑞) , який має той самий за-

кон перетворення що й добуток 𝐴
(𝑛1)
𝑔1,𝑏

(𝑞)𝐴
(𝑛2)
𝑔2,𝑑

(𝑞),
то отримаємо бiльш загальний вираз лагранжiану,
який задовольняє вимозi локальної 𝑆𝑈𝑐 (3) – iнва-
рiантностi.

При локальному 𝑆𝑈𝑐 (3) – перетвореннi:

Ψ̂′
𝑠1,𝑐1𝑐2𝑐3 (𝑞) = 𝑈̂𝑐1𝑐4 (𝑞) 𝑈̂𝑐2𝑐5 (𝑞)×

× 𝑈̂𝑐3𝑐6 (𝑞) Ψ̂𝑠1,𝑐4𝑐5𝑐6 (𝑞),

^̄Ψ
′
𝑠1,𝑐1𝑐2𝑐3 (𝑞) =

^̄Ψ𝑠1,𝑐4𝑐5𝑐6 (𝑞) 𝑈̂
−1
𝑐4𝑐1 (𝑞)×

× 𝑈̂−1
𝑐5𝑐2 (𝑞) 𝑈̂

−1
𝑐6𝑐3 (𝑞),

(23)

де 𝑈̂(𝑞) = exp
(︁
𝑖𝜆̂𝑔1𝜃𝑔1(𝑞)

)︁
i 𝜃𝑔1(𝑞) – залежнi вiд ко-

ординат параметри перетворення, (𝑔1 = 1, 2, ..., 8)
калiбрувальнi поля перетворюються за законом

𝐴′(𝑛)
𝑏,𝑔1 (𝑞) = 𝐷𝑔1𝑔2 (𝑞)𝐴

(𝑛)
𝑏,𝑔2

(𝑞) +
𝜕𝜃𝑔1 (𝑞)

𝜕𝑞𝑏
. (24)

Тут 𝐷𝑔1𝑔2 (𝑞) – елементи матриць приєднаного
представлення групи 𝑆𝑈𝑐 (3). Вiдповiдно, добуток
двох компонент калiбрувального поля перетворю-
ється за законом:

𝐴′(𝑛1)

𝑏,𝑔1 (𝑞)𝐴′(𝑛2)

𝑑,𝑔3 (𝑞) =

= 𝐷𝑔1𝑔2 (𝑞)𝐷𝑔3𝑔4 (𝑞)𝐴
(𝑛1)
𝑏,𝑔2

(𝑞)𝐴
(𝑛2)
𝑑,𝑔4

(𝑞)+

+𝐷𝑔1𝑔2 (𝑞)𝐴
(𝑛1)
𝑏,𝑔2

(𝑞)
𝜕𝜃𝑔3 (𝑞)

𝜕𝑞𝑑
+

+
𝜕𝜃𝑔1 (𝑞)

𝜕𝑞𝑏
𝐷𝑔3𝑔4 (𝑞)𝐴

(𝑛2)
𝑑,𝑔4

(𝑞)+
𝜕𝜃𝑔1 (𝑞)

𝜕𝑞𝑏
𝜕𝜃𝑔3 (𝑞)

𝜕𝑞𝑑
. (25)

Тому, якщо для тензору 𝐴(𝑛1,𝑛2)
𝑏𝑑,𝑔1𝑔3

(𝑞) буде виконува-
тися закон перетворення:

𝐴′(𝑛1𝑛2)

𝑏𝑑,𝑔1𝑔3 (𝑞) = 𝐷𝑔1𝑔2 (𝑞)𝐷𝑔3𝑔4 (𝑞)𝐴
(𝑛1𝑛2)
𝑏𝑑,𝑔2𝑔4

(𝑞) +

+𝐷𝑔1𝑔2 (𝑞)𝐴
(𝑛1)
𝑏,𝑔2

(𝑞)
𝜕𝜃𝑔3 (𝑞)

𝜕𝑞𝑑
+

+
𝜕𝜃𝑔1 (𝑞)

𝜕𝑞𝑏
𝐷𝑔3𝑔4 (𝑞)𝐴

(𝑛2)
𝑑,𝑔4

(𝑞)+
𝜕𝜃𝑔1 (𝑞)

𝜕𝑞𝑏
𝜕𝜃𝑔3 (𝑞)

𝜕𝑞𝑑
, (26)

то лагранжiан, в якому добуток компонент калi-
брувальних полiв замiнений на тензор, буде iнварi-
антним вiдносно локального 𝑆𝑈𝑐 (3) перетворення.
Поле, яке описується тензором 𝐴

(𝑛1,𝑛2)
𝑏𝑑,𝑔1𝑔3

(𝑞) будемо
називати двоглюонним полем. Далi ми покажемо,
спираючись на результати роботи [11], шо це поле
описує процеси народження i знищення зв’язано-
го стану двох глюонiв, що взаємодiють iз трьома
кварками. Такi зв’язанi стани глюонiв, як вiдомо,
прийнято називати глюболами.

Як видно з закону перетворення (26), закон пе-
ретворення двоглюонного поля мiстить операто-
ри одночастинкового глюонного поля. Проте, як
видно з попереднiх розрахункiв для випадку, ко-
ли кольоровий стан трикваркової системи опису-
ється тензором Левi-Чивiти, доданки що мiстять
першi ступенi елементiв матриць Гелл–Манна ви-
падають iз виразу для лагранжiану, внаслiдок то-
го, що згортка по кольоровим iндексам призводить
до слiду 𝑆𝑝 (𝜆̂𝑔1). Оскiльки, одночастинковi поля
входять у такому випадку в вираз для лагранжi-
ану в видi 𝐴(𝑛)

𝑔1 (𝑞)𝑆𝑝 (𝜆̂𝑔1), то вони теж випада-
ють iз лагранжiану. Тобто, в моделi, що розгляда-
ється для випадку безкольорового стану барiону
такi поля стають нефiзичними, бо оскiльки вони
не входять у лагранжiан, їх значення не визна-
чаються динамiкою системи. Окрiм того, так як
одночастинковi глюоннi поля не входять у лагран-
жiан, для його iнварiантностi вiдносно локальних
𝑆𝑈𝑐 (3)-перетворень, зникає необхiднiсть перетво-
рювати цi поля за законом (24). Тому, в усiх мо-
жливих калiбруваннях цi поля можна покласти
рiвними нулю. Тодi, замiсть (26) отримаємо:

𝐴′(𝑛1𝑛2)

𝑏𝑑,𝑔1𝑔3 (𝑞) = 𝐷𝑔1𝑔2 (𝑞)𝐷𝑔3𝑔4 (𝑞)𝐴
(𝑛1𝑛2)
𝑏𝑑,𝑔2𝑔4

(𝑞) +

+
𝜕𝜃𝑔1 (𝑞)

𝜕𝑞𝑏
𝜕𝜃𝑔3 (𝑞)

𝜕𝑞𝑑
. (27)
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При цьому лагранжiан, замiсть виразу (20) прийме
вид:

𝐿

6
=
𝑖

2

(︃
3∑︁

𝑏=0

(︃
^̄Ψ𝑠1 (𝑞) 𝛾

𝑏
𝑠1𝑠2

𝜕Ψ̂𝑠2 (𝑞)

𝜕𝑞𝑏
−

− 𝜕 ^̄Ψ𝑠1 (𝑞)

𝜕𝑞𝑏
𝛾𝑏𝑠1𝑠2Ψ̂𝑠2 (𝑞)

)︃)︃
− (3𝑚𝑞)

^̄Ψ𝑠1 (𝑞) Ψ̂𝑠1 (𝑞)+

+
1

2 (3𝑚𝑞)

9∑︁
𝑏=4

9∑︁
𝑑=4

𝑔𝑏𝑑
𝜕 ^̄Ψ𝑠1 (𝑞)

𝜕𝑞𝑏
𝜕Ψ̂𝑠1 (𝑞)

𝜕𝑞𝑑
−

− 𝑔2

(9𝑚𝑞)
^̄Ψ𝑠1 (𝑞) Ψ̂𝑠1 (𝑞)×

×
9∑︁

𝑏=4

9∑︁
𝑑=4

𝑔𝑏𝑑𝛿𝑔1𝑔2
(︁
𝐴

(1,1)
𝑏𝑑,𝑔1𝑔2

(𝑞) +𝐴
(2,2)
𝑏𝑑,𝑔1𝑔2

(𝑞) +

+𝐴
(3,3)
𝑏𝑑,𝑔1𝑔2

(𝑞)−𝐴
(1,2)
𝑏𝑑,𝑔1𝑔2

(𝑞)−𝐴
(1,3)
𝑏𝑑,𝑔1𝑔2

(𝑞)−

−𝐴
(2,3)
𝑏𝑑,𝑔1𝑔2

(𝑞)
)︁
. (28)

Дельта-символ Кронекера 𝛿𝑔1𝑔2 походить вiд слiду
добутку двох матриць Гелл–Манна. Введемо далi
позначення:

𝐴
(+)
𝑏𝑑,𝑔1𝑔2

(𝑞) = 𝐴
(1,1)
𝑏𝑑,𝑔1𝑔2

(𝑞) +𝐴
(2,2)
𝑏𝑑,𝑔1𝑔2

(𝑞)+

+𝐴
(3,3)
𝑏𝑑,𝑔1𝑔2

(𝑞),

𝐴
(−)
𝑏𝑑,𝑔1𝑔2

(𝑞) = 𝐴
(1,2)
𝑏𝑑,𝑔1𝑔2

(𝑞) +𝐴
(1,3)
𝑏𝑑,𝑔1𝑔2

(𝑞)+

+𝐴
(2,3)
𝑏𝑑,𝑔1𝑔2

(𝑞),

𝑉𝑏𝑑,𝑔1𝑔2 (𝑞) = 𝐴
(+)
𝑏𝑑,𝑔1𝑔2

(𝑞)−𝐴
(−)
𝑏𝑑,𝑔1𝑔2

(𝑞),

𝑉 (𝑞) =

10∑︁
𝑏=4

10∑︁
𝑑=4

𝑔𝑏𝑑𝛿𝑔1𝑔2𝑉𝑏𝑑,𝑔1𝑔2 (𝑞).

(29)

Як видно з (27), неоднорiднi доданки в законi пе-
ретворення тензорних полiв є однаковими для всiх
типiв цих полiв. Тому, поле 𝑉𝑏𝑑,𝑔1𝑔2 (𝑞) перетво-
рюється за тензорним добутком двох приєднаних
представлень групи 𝑆𝑈𝑐 (3), на вiдмiну вiд одно-
глюонного поля, яке внаслiдок наявностi неодно-
рiдного доданку не перетворюється нi за яким пев-
ним перетворенням цiєї групи. Область значень
поля 𝑉 (𝑞) є проекцiєю лiнiйного простору тензо-
рiв 𝑉𝑏𝑑,𝑔1𝑔2 на iнварiантний пiдпростiр, на якому
реалiзується скалярне представлення групи пере-
творень при переходi з однiєї iнерцiйної системи
вiдлiку до iншої, i скалярне представлення групи
локальних 𝑆𝑈𝑐 (3) перетворень. Група перетворень
при змiнi системи вiдлiку, як це розглядалося в

[11], вiдрiзняється вiд групи Лоренца тим, що на
пiдпросторi внутрiшнiх змiнних (у поля 𝑉𝑏𝑑,𝑔1𝑔2 (𝑞)
i полiв, з яких воно побудовано є ненульовi компо-
ненти лише на цьому пiдпросторi) бусти замiню-
ються на тотожнi перетворення. Лагранжiан (28)
приймає вид:

𝐿

6
=
𝑖

2

(︃
3∑︁

𝑏=0

(︃
^̄Ψ𝑠1 (𝑞) 𝛾

𝑏
𝑠1𝑠2

𝜕Ψ̂𝑠2 (𝑞)

𝜕𝑞𝑏
−

− 𝜕 ^̄Ψ𝑠1 (𝑞)

𝜕𝑞𝑏
𝛾𝑏𝑠1𝑠2Ψ̂𝑠2 (𝑞)

)︃)︃
− (3𝑚𝑞)

^̄Ψ𝑠1 (𝑞) Ψ̂𝑠1 (𝑞)+

+
1

2 (3𝑚𝑞)

9∑︁
𝑏=4

9∑︁
𝑑=4

𝑔𝑏𝑑
𝜕 ^̄Ψ𝑠1 (𝑞)

𝜕𝑞𝑏
𝜕Ψ̂𝑠1 (𝑞)

𝜕𝑞𝑑
+

+
𝑔2

(9𝑚𝑞)
^̄Ψ𝑠1 (𝑞) Ψ̂𝑠1 (𝑞)𝑉 (𝑞). (30)

6. Динамiчна модель взаємодiючих
тричастинкового бiспiнорного поля
i двоглюонного поля

Лагранжiан (30) вочевидь потрiбно доповнити ла-
гранжiаном поля 𝑉 (𝑞) .Для цього розглянемо спо-
чатку тензорне поле 𝑉𝑏𝑑,𝑔1𝑔2 (𝑞) . Оскiльки, це по-
ле перетворюється за певним представленням ло-
кальної групи 𝑆𝑈𝑐 (3), то воно аналогiчне до “полiв
матерiї” i до нього можна застосувати звичайний
спосiб побудови лагранжiану. Лагранжiан вiльно-
го поля 𝑉𝑏𝑑,𝑔1𝑔2 (𝑞) може бути обраний у видi:

𝐿𝑉 =
1

2
𝑔𝑏𝑏1𝑔𝑑𝑑1𝑔𝑙𝑙1

𝜕𝑉𝑏𝑑,𝑔1𝑔2 (𝑞)

𝜕𝑞𝑙
𝜕𝑉𝑏1𝑑1,𝑔1𝑔2 (𝑞)

𝜕𝑞𝑙1
−

− 1

2
𝑀2

𝐺𝑔
𝑏𝑏1𝑔𝑑𝑑1𝑉𝑏𝑑,𝑔1𝑔2 (𝑞)𝑉𝑏1𝑑1,𝑔1𝑔2 (𝑞). (31)

Тут 𝑀𝐺 позначена маса частинок (глюболiв), на-
родження i знищення яких описують оператори
поля 𝑉𝑏𝑑,𝑔1𝑔2 (𝑞) . Цей лагранжiан не є iнварiан-
тним вiдносно локального перетворення полiв згi-
дно з тензорним добутком двох приєднаних пред-
ставлень групи 𝑆𝑈𝑐 (3). Такої iнварiантностi мо-
жна досягти використовуючи мiркування, аналогi-
чнi тим, що призвели до лагранжiану (28). Споча-
тку замiнимо в лагранжiанi похiднi на оператори
коварiантного диференцiювання, якi для поля, що
перетворюється за тензорним добутком двох при-
єднаних представлень групи 𝑆𝑈𝑐 (3) мають вид:

𝐷̂𝑙

(︁
𝑉𝑏𝑑,𝑔1𝑔2 (𝑞)

)︁
=
𝜕𝑉𝑏𝑑,𝑔1𝑔2 (𝑞)

𝜕𝑞𝑙
−
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− 𝑖𝑔𝐴
(I)
𝑙,𝑔3

(𝑞) 𝐼𝑔3𝑔1𝑔4𝑉𝑏𝑑,𝑔4𝑔2 (𝑞)−

− 𝑖𝑔𝐴
(II)
𝑙,𝑔5

(𝑞) 𝐼𝑔5𝑔2𝑔6𝑉𝑏𝑑,𝑔1𝑔6 (𝑞). (32)

Тут 𝐼𝑔1𝑔2𝑔3 – матричнi елементи генераторiв при-
єднаного представлення групи 𝑆𝑈𝑐 (3), i 𝐴(𝐼)

𝑙,𝑔1
(𝑞),

𝐴
(𝐼𝐼)
𝑙,𝑔1

(𝑞) – оператори калiбрувальних полiв, у яко-
стi яких можуть бути використанi будь-якi поля
iз законом перетворення (24). В тому числi це
можуть бути й одночастинковi калiбрувальнi по-
ля 𝐴

(𝑛)
𝑙,𝑔1

(𝑞) , 𝑛 = 1, 2, 3, розглянутi ранiше, але те-
пер “натягнутi” не на генератори фундаментально-
го представлення групи 𝑆𝑈𝑐 (3), а на генератори
приєднаного представлення. Доданок лагранжiа-
ну, який мiстить згортку коварiантних похiдних
матиме вид:

𝑔𝑏𝑏1𝑔𝑑𝑑1𝑔𝑙𝑙1𝐷̂𝑙

(︁
𝑉𝑏𝑑,𝑔1𝑔2 (𝑞)

)︁
𝐷̂𝑙1

(︁
𝑉𝑏1𝑑1,𝑔1𝑔2 (𝑞)

)︁
=

= 𝑔𝑏𝑏1𝑔𝑑𝑑1𝑔𝑙𝑙1

(︃
𝜕𝑉𝑏𝑑,𝑔1𝑔2 (𝑞)

𝜕𝑞𝑙
𝜕𝑉𝑏1𝑑1,𝑔1𝑔2 (𝑞)

𝜕𝑞𝑙1
−

− 𝑖𝐴
(I)
𝑙1,𝑔3

(𝑞)
𝜕𝑉𝑏𝑑,𝑔1𝑔2 (𝑞)

𝜕𝑞𝑙
𝐼𝑔3𝑔1𝑔4𝑉𝑏1𝑑1,𝑔4𝑔2 (𝑞)−

− 𝑖𝐴
(II)
𝑙1,𝑔3

(𝑞)
𝜕𝑉𝑏𝑑,𝑔1𝑔2 (𝑞)

𝜕𝑞𝑙
𝐼𝑔3𝑔2𝑔4𝑉𝑏1𝑑1,𝑔1𝑔4 (𝑞)−

− 𝑖𝐴
(I)
𝑙,𝑔3

(𝑞) 𝐼𝑔3𝑔1𝑔4𝑉𝑏𝑑,𝑔4𝑔2 (𝑞)
𝜕𝑉𝑏1𝑑1,𝑔1𝑔2 (𝑞)

𝜕𝑞𝑙1
−

− 𝑖𝐴
(II)
𝑙,𝑔3

(𝑞) 𝐼𝑔3𝑔2𝑔4𝑉𝑏𝑑,𝑔1𝑔4 (𝑞)
𝜕𝑉𝑏1𝑑1,𝑔1𝑔2 (𝑞)

𝜕𝑞𝑙1
+

+ 𝑔2𝐴
(I)
𝑙,𝑔3

(𝑞)𝐴
(I)
𝑙1,𝑔5

(𝑞) 𝐼𝑔3𝑔4𝑔1𝐼
𝑔5
𝑔1𝑔6 ×

×𝑉𝑏𝑑,𝑔4𝑔2 (𝑞)𝑉𝑏1𝑑1,𝑔6𝑔2 (𝑞)+

+ 𝑔2𝐴
(II)
𝑙,𝑔5

(𝑞)𝐴
(II)
𝑙,𝑔3

(𝑞) 𝐼𝑔5𝑔6𝑔2𝐼
𝑔3
𝑔2𝑔4 ×

×𝑉𝑏𝑑,𝑔1𝑔6 (𝑞)𝑉𝑏1𝑑1,𝑔1𝑔4 (𝑞)−

− 2𝑔2𝐴
(I)
𝑙,𝑔3

(𝑞)𝐴
(II)
𝑙1,𝑔5

(𝑞) 𝐼𝑔3𝑔1𝑔4𝐼
𝑔5
𝑔2𝑔6 ×

×𝑉𝑏𝑑,𝑔4𝑔2 (𝑞)𝑉𝑏1𝑑1,𝑔1𝑔6 (𝑞)

)︃
. (33)

Тут ми скористалися тим, що матричнi елементи
генераторiв приєднаного представлення спiвпада-
ють iз структурними константами i, вiдтак є ан-
тисиметричними вiдносно перестановок довiльної
пари iндексiв. Тепер ми можемо не порушуючи

iнварiантнiсть лагранжiану вiдносно локального
𝑆𝑈𝑐(3) – перетворення замiнити добутки одноча-
стинкових полiв 𝐴

(I)
𝑙,𝑔1

(𝑞)𝐴
(I)
𝑙1,𝑔2

(𝑞), 𝐴
(II)
𝑙,𝑔1

(𝑞)𝐴
(II)
𝑙,𝑔2

(𝑞),

𝐴
(I)
𝑙,𝑔1

(𝑞)𝐴
(II)
𝑙1,𝑔2

(𝑞) на тензори 𝐴(I,I)
𝑙𝑙1,𝑔1𝑔2

(𝑞), 𝐴
(II,II)
𝑙𝑙1,𝑔1𝑔2

(𝑞),

𝐴
(I,II)
𝑙𝑙1,𝑔1𝑔2

(𝑞), що описують двочастинковi поля з тим
самим законом перетворення, що й цi добутки.
Оскiльки, закон перетворення одночастинкового
поля спiвпадає iз (24), то й закон перетворення цих
тензорiв спiвпадає з (26). Оскiльки поле 𝑉 (𝑞), що
входить у лагранжiан (30) є проекцiєю лiнiйного
простору тензорiв 𝑉𝑏𝑑,𝑔1𝑔2 на iнварiантний пiдпро-
стiр, на якому реалiзуються скалярнi представле-
ння групи перетворень при переходi iз однiєї си-
стеми вiдлiку до iншої, i групи 𝑆𝑈𝑐(3), то таку ж
проекцiю зручно тепер видiлити i в лагранжiанi
для поля 𝑉𝑏𝑑,𝑔1𝑔2(𝑞). Розкладаючи лiнiйний про-
стiр тензорiв 𝑉𝑏𝑑,𝑔1𝑔2 у пряму суму iнварiантних
пiдпросторiв запишемо:

𝑉𝑏𝑑,𝑔1𝑔2(𝑞) = 𝑘𝑔𝑏𝑑 𝛿𝑔1𝑔2𝑉 (𝑞) + ... . (34)

Тут 𝑘 – нормувальний коефiцiєнт, а через “три-
крапки” позначено проекцiї на решту iнварiантних
пiдпросторiв. Оскiльки цi проекцiї не входять у ла-
гранжiан взаємодiї (30), то з метою отримати для
початку найпростiшу модель ми покладемо їх рiв-
ними нулю. Коефiцiєнт 𝑘 знайдемо, пiдставляючи
розклад (34) в (29):

𝑉 (𝑞) = 𝑘

(︃
9∑︁

𝑏=4

9∑︁
𝑑=4

𝑔𝑏𝑑𝑔𝑏𝑑𝛿
𝑔1𝑔2𝛿𝑔1𝑔2

)︃
𝑉 (𝑞). (35)

Враховуючи вид метричного тензора (8) i те, що
iндекси 𝑔1 i 𝑔1 приймають значення вiд 1 до 8,
маємо:

𝑘 =
1

1350
. (36)

З урахуванням обговорених перетворень, лагран-
жiан поля 𝑉 (𝑞) прийме вид:

𝐿𝑉 =
1

2
𝑔𝑙𝑙1𝑘

𝜕𝑉 (𝑞)

𝜕𝑞𝑙
𝜕𝑉 (𝑞)

𝜕𝑞𝑙1
− 𝑘

2
𝑀2

𝐺𝑉
2 (𝑞)+

+
1

2
𝑘2𝑔𝑏𝑏1𝑔𝑏1𝑑1𝑔𝑏𝑑𝑔

𝑑𝑑1𝑔𝑙𝑙1𝑔2𝐴
(I,I)
𝑙𝑙1,𝑔3𝑔5

(𝑞)×

× 𝐼𝑔3𝑔2𝑔1𝐼
𝑔5
𝑔1𝑔2𝑉

2 (𝑞)+

+
1

2
𝑘2𝑔𝑏𝑏1𝑔𝑏𝑑𝑔𝑏1𝑑1

𝑔𝑑𝑑1𝑔𝑙𝑙1𝑔2𝐴
(II,II)
𝑙𝑙1,𝑔5𝑔3

(𝑞)×
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× 𝐼𝑔5𝑔1𝑔2𝐼
𝑔3
𝑔2𝑔1𝑉

2 (𝑞)−

− 𝑘2𝑔𝑏𝑏1𝑔𝑏𝑑𝑔𝑏1𝑑1𝑔
𝑑𝑑1𝑔𝑙𝑙1𝑔2𝐴

(I,II)
𝑙𝑙1,𝑔3𝑔5

(𝑞)×

× 𝐼𝑔3𝑔1𝑔2𝐼
𝑔5
𝑔2𝑔1𝑉

2 (𝑞). (37)

Одночастинковi калiбрувальнi поля, як i ранiше
було показано, не входять у лагранжiан i мо-
жуть бути покладенi рiвними нулю. При цьому,
закон перетворення двочастинкових полiв спiвпа-
де iз (26). Безпосереднiм розрахунком можна пе-
реконатися, що для генераторiв приєднаного пред-
ставлення має мiсце тотожнiсть:

𝐼𝑔3𝑔1𝑔2𝐼
𝑔4
𝑔2𝑔1 = 2𝛿𝑔3𝑔4 . (38)

З урахуванням цiєї тотожностi лагранжiан поля
𝑉 (𝑞) приймає вид:

𝐿𝑉 =
1

2
𝑔𝑙𝑙1𝑘

𝜕𝑉 (𝑞)

𝜕𝑞𝑙
𝜕𝑉 (𝑞)

𝜕𝑞𝑙1
− 𝑘

2
𝑀2

𝐺𝑉
2 (𝑞)+

+ 𝑔2𝑘𝑔𝑙𝑙1𝛿𝑔3𝑔5
(︁
𝐴

(I,I)
𝑙𝑙1,𝑔3𝑔5

(𝑞)+ 𝐴
(II,II)
𝑙𝑙1,𝑔5𝑔3

(𝑞)−

− 2𝐴
(I,II)
𝑙𝑙1,𝑔3𝑔5

(𝑞)
)︁
𝑉 2 (𝑞). (39)

Поле 𝐴(I,I)
𝑙𝑙1,𝑔3𝑔5

(𝑞) + 𝐴
(II,II)
𝑙𝑙1,𝑔5𝑔3

(𝑞) − 2𝐴
(I,II)
𝑙𝑙1,𝑔3𝑔5

(𝑞), вна-
слiдок взаємознищення неоднорiдних доданкiв у
законi (26), перетворюється за тензорним добу-
тком двох приєднаних представлень групи 𝑆𝑈𝑐 (3).
Але за тим самим законом перетворюється й по-
ле 𝑉𝑏𝑑,𝑔1𝑔2 (𝑞). Оскiльки, всi попереднi мiркування
визначали не самi калiбрувальнi поля, а лише за-
кон їх перетворення, з метою досягнення локальної
𝑆𝑈𝑐 (3)-iнварiантностi лагранжiану. Оскiльки поле
𝑉𝑏𝑑,𝑔1𝑔2 (𝑞) має потрiбний закон перетворення, то
використовуючи його в якостi поля 𝐴

(I,I)
𝑙𝑙1,𝑔3𝑔5

(𝑞)+

+𝐴
(II,II)
𝑙𝑙1,𝑔5𝑔3

(𝑞)−2𝐴
(I,II)
𝑙𝑙1,𝑔3𝑔5

(𝑞) ми отримаємо для поля
𝑉 (𝑞) 𝑆𝑈𝑐 (3) локально iнварiантний лагранжiан

𝐿𝑉 =
1

2
𝑔𝑙𝑙1𝑘

𝜕𝑉 (𝑞)

𝜕𝑞𝑙
𝜕𝑉 (𝑞)

𝜕𝑞𝑙1
−

− 𝑘

2
𝑀2

𝐺𝑉
2 (𝑞) + 𝑔2𝑘𝑉 3 (𝑞). (40)

Додаючи цей лагранжiан до (30) отримаємо ла-
гранжiан динамiчної моделi взаємодiючих багато-
частинкових полiв:

𝐿

6
=
𝑖

2

(︃
3∑︁

𝑏=0

(︃
^̄Ψ𝑠1 (𝑞) 𝛾𝑏𝑠1𝑠2

𝜕Ψ̂𝑠2 (𝑞)

𝜕𝑞𝑏
−

−𝜕
^̄Ψ𝑠1 (𝑞)

𝜕𝑞𝑏
𝛾𝑏𝑠1𝑠2Ψ̂𝑠2 (𝑞)

)︃)︃
− (3𝑚𝑞)

^̄Ψ𝑠1 (𝑞) Ψ̂𝑠1 (𝑞) +

+
1

2 (3𝑚𝑞)

9∑︁
𝑏=4

9∑︁
𝑑=4

𝑔𝑏𝑑
𝜕 ^̄Ψ𝑠1 (𝑞)

𝜕𝑞𝑏
𝜕Ψ̂𝑠1 (𝑞)

𝜕𝑞𝑑
+

+
𝑔2

(9𝑚𝑞)
^̄Ψ𝑠1 (𝑞) Ψ̂𝑠1 (𝑞)𝑉 (𝑞)+

+
1

2
𝑔𝑙𝑙1

𝑘

6

𝜕𝑉 (𝑞)

𝜕𝑞𝑙
𝜕𝑉 (𝑞)

𝜕𝑞𝑙1
− 1

2

𝑘

6
𝑀2

𝐺𝑉
2 (𝑞)+

+ 𝑔2
𝑘

6
𝑉 3 (𝑞). (41)

Замiсть поля 𝑉 (𝑞) введемо нове поле 𝑢̂ (𝑞) згiдно
iз спiввiдношенням:

𝑉 (𝑞) = −
√︂

6

𝑘
𝑢̂ (𝑞). (42)

Обрання знаку в цьому виразi буде пояснено пiзнi-
ше. Пiсля цiєї замiни отримаємо:

𝐿

6
=
𝑖

2

(︃
3∑︁

𝑏=0

(︁
^̄Ψ𝑠1 (𝑞) 𝛾𝑏𝑠1𝑠2

𝜕Ψ̂𝑠2 (𝑞)

𝜕𝑞𝑏
−

−𝜕
^̄Ψ𝑠1 (𝑞)

𝜕𝑞𝑏
𝛾𝑏𝑠1𝑠2Ψ̂𝑠2 (𝑞)

)︃)︃
− (3𝑚𝑞)

^̄Ψ𝑠1 (𝑞) Ψ̂𝑠1 (𝑞)+

+
1

2 (3𝑚𝑞)

9∑︁
𝑏=4

9∑︁
𝑑=4

𝑔𝑏𝑑
𝜕 ^̄Ψ𝑠1 (𝑞)

𝜕𝑞𝑏
𝜕Ψ̂𝑠1 (𝑞)

𝜕𝑞𝑑
−

− 𝑔2

(9𝑚𝑞)

√︂
6

𝑘
^̄Ψ𝑠1 (𝑞) Ψ̂𝑠1 (𝑞) 𝑢̂ (𝑞)+

+
1

2
𝑔𝑙𝑙1

𝜕𝑢̂ (𝑞)

𝜕𝑞𝑙
𝜕𝑢̂ (𝑞)

𝜕𝑞𝑙1
−1

2
𝑀2

𝐺𝑢̂
2 (𝑞)−𝑔2

√︂
6

𝑘
𝑢̂3 (𝑞). (43)

Далi зручно перейти вiд змiнних 𝑞 до нових змiн-
них 𝑧 згiдно iз спiввiдношенням:

𝑞 =

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎝

𝑧0

𝑧1

𝑧2

𝑧3√︁
2
9𝑧

4√︁
2
9𝑧

5√︁
2
9𝑧

6√︁
1
6𝑧

7√︁
1
6𝑧

8√︁
1
6𝑧

9

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎠

. (44)
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Для подальшого аналiзу зручно перейти до безроз-
мiрних величин. У якостi характерної маси приро-
дно обрати масу протона, яку позначатимемо 𝑀𝑃 .
Тодi, характерна довжина 𝑀−1

𝑃 . Оскiльки дiя без-
розмiрна, лагранжiан має розмiрнiсть 𝑀10

𝑃 . Введе-
мо далi безрозмiрнi параметри 𝜇𝑞 i 𝑚𝐺 :

𝜇𝑞 =
𝑚𝑞

𝑀𝑃
, 𝑚𝐺 =

𝑀𝐺

𝑀𝑃
. (45)

Введемо також безрозмiрнi координати 𝜌𝑎 i безроз-
мiрнi поля ^̄𝜓𝑠1(𝜌), 𝜓𝑠1(𝜌), 𝑣(𝜌):

𝜌𝑎 =𝑀𝑝𝑧
𝑎, ^̄Ψ𝑠1(𝜌) =𝑀2,5

𝑝
^̄𝜓𝑠1(𝜌),

Ψ̂𝑠1(𝜌) =𝑀2,5
𝑝 𝜓𝑠1(𝜌), 𝑢̂(𝜌) =𝑀2

𝑝 𝑣(𝜌).
(46)

Тодi, лагранжiан матиме розмiрнiсть 𝑀6
𝑃 . Для до-

сягнення потрiбної розмiрностi весь лагранжiан
ми повиннi множити на 𝑀4

𝑃 . Оскiльки, нас далi
цiкавитимуть лише динамiчнi рiвняння, то зручно
буде розглядати безрозмiрний лагранжiан:

𝑙 =
𝑖

2

(︃
3∑︁

𝑏=0

(︁
^̄𝜓𝑠1 (𝜌) 𝛾𝑏𝑠1𝑠2

𝜕𝜓𝑠2 (𝜌)

𝜕𝜌𝑏
−

−
𝜕 ^̄𝜓𝑠1 (𝜌)

𝜕𝜌𝑏
𝛾𝑏𝑠1𝑠2𝜓𝑠2 (𝜌)

)︃)︃
−

−

(︃
1

2 (3𝜇𝑞)

10∑︁
𝑏=4

𝜕 ^̄𝜓𝑠1 (𝜌)

𝜕𝜌𝑏
𝜕𝜓𝑠1 (𝜌)

𝜕𝜌𝑏
+

+
𝑔2

(9𝜇𝑞)

√︂
6

𝑘
^̄𝜓𝑠1 (𝜌)𝜓𝑠1 (𝜌) 𝑣 (𝜌)+

+ (3𝜇𝑞)
^̄𝜓𝑠1 (𝜌)𝜓𝑠1 (𝜌)

)︃
+

+
1

2

3∑︁
𝑙1=0

3∑︁
𝑙2=0

𝑔𝑙1𝑙2
𝜕𝑣 (𝜌)

𝜕𝜌𝑙1
𝜕𝑣 (𝜌)

𝜕𝜌𝑙2
−

− 1

2

9∑︁
𝑙=4

(︂
𝜕𝑣 (𝜌)

𝜕𝜌𝑙

)︂2
− 1

2
𝑚2

𝐺𝑣
2 (𝜌)− 𝑔2

√︂
6

𝑘
𝑣3 (𝜌). (47)

Для подальшого розгляду зручно видiлити безроз-
мiрнi координати центру мас i безрозмiрнi внутрi-
шнi координати. Тому, введемо позначення:

𝜌𝑏𝑋 = 𝜌𝑏, 𝑏 = 0, 1, 2, 3,

𝜌𝑏𝑦 = 𝜌𝑏, 𝑏 = 4, 5, ..., 9.
(48)

Для цих змiнних також використовуватимемо по-
значення 𝜌𝑋 i 𝜌𝑦, коли мова йтиме про всю су-
купнiсть тих або iнших безрозмiрних координат.
Нехай 𝑣0 (𝜌𝑦)− деяка функцiя iз числовими зна-
ченнями вiд внутрiшнiх координат. Представимо
поле 𝑣 (𝜌) у видi:

𝑣 (𝜌) = 𝑣0 (𝜌𝑦) 𝐸̂ + 𝑣1 (𝜌). (49)

Тут 𝑣1 (𝜌)− нова динамiчна змiнна (операторно-
значна польова функцiя), а 𝐸̂ – одиничний опера-
тор. Представимо також тричастинкове бiспiнорне
поле в видi:

𝜓𝑠1 (𝜌) = Ψ̂𝑠1 (𝜌𝑋)𝜑 (𝜌𝑦),
^̄𝜓𝑠1 (𝜌) =

^̄Ψ𝑠1 (𝜌𝑋)𝜑* (𝜌𝑦).
(50)

Тут ^̄Ψ𝑠1 (𝜌𝑋), Ψ̂𝑠1 (𝜌𝑋) – також новi операторно-
значнi польовi функцiї, а 𝜑* (𝜌𝑦), 𝜑 (𝜌𝑦) – взаємно
комплексно спряженi функцiї, що приймають чи-
словi значення. Використовуючи (49) i (50), а та-
кож iнтегруючи по частинах по внутрiшнiх коор-
динатах, лагранжiан (47) може бути представле-
ний в видi суми трьох доданкiв: лагранжiану три-
частинкового бiспiнорного поля:

𝑙Ψ =
𝑖

2

(︃
3∑︁

𝑏=0

(︁
^̄Ψ𝑠1 (𝜌𝑋) 𝛾𝑏𝑠1𝑠2

𝜕Ψ̂𝑠2 (𝜌𝑋)

𝜕𝜌𝑏𝑋
−

−𝜕
^̄Ψ𝑠1 (𝜌𝑋)

𝜕𝜌𝑏𝑋
𝛾𝑏𝑠1𝑠2Ψ̂𝑠2 (𝜌𝑋)

)︃)︃
𝜑* (𝜌𝑦)𝜑 (𝜌𝑦)−

−𝜑* (𝜌𝑦)

(︃
− 1

2 (3𝜇𝑞)

10∑︁
𝑏=4

𝜕2𝜑 (𝜌𝑦)(︀
𝜕𝜌𝑏𝑦

)︀2 +

+
𝑔2

(9𝜇𝑞)

√︂
6

𝑘
𝑣0 (𝜌𝑦)𝜑 (𝜌𝑦) + (3𝜇𝑞)𝜑 (𝜌𝑦)

)︃
×

× ^̄Ψ𝑠1 (𝜌𝑋) Ψ̂𝑠1 (𝜌𝑋), (51)

лагранжiану двочастинкового калiбрувального
поля:

𝑙𝑣 =
1

2

3∑︁
𝑙1=0

3∑︁
𝑙2=0

𝑔𝑙1𝑙2
𝜕𝑣1 (𝜌)

𝜕𝜌𝑙1
𝜕𝑣1 (𝜌)

𝜕𝜌𝑙2
−

− 1

2

9∑︁
𝑙=4

(︂
𝜕𝑣0 (𝜌𝑦)

𝜕𝜌𝑙
𝐸̂ +

𝜕𝑣1 (𝜌)

𝜕𝜌𝑙

)︂2
−

− 1

2
𝑚2

𝐺

(︁
𝑣0 (𝜌𝑦) 𝐸̂ + 𝑣1 (𝜌)

)︁2
−

− 𝑔2
√︂

6

𝑘

(︁
𝑣0 (𝜌𝑦) 𝐸̂ + 𝑣1 (𝜌)

)︁3
, (52)
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i лагранжiану їх взаємодiї:

𝑙int = − 𝑔2

(9𝜇𝑞)

√︂
6

𝑘
^̄Ψ𝑠1 (𝜌𝑋) Ψ̂𝑠1 (𝜌𝑋)×

×𝜑* (𝜌𝑦)𝜑 (𝜌𝑦) 𝑣1 (𝜌). (53)

Далi, ми можемо розглядати динамiку системи по-
лiв iз цим лагранжiаном в представленнi взаємодiї
вiдносно лагранжiану 𝑙int. Тобто, польовi операто-
ри можна розглядати як розв’язки динамiчних рiв-
нянь для лагранжiану, що є сумою 𝑙Ψ + 𝑙𝑣, а дина-
мiку стану системи розглядати як таку, що визна-
чається гамiльтонiаном, породжуваним лагранжi-
аном взаємодiї 𝑙int. Це дає нам змогу розглядати
окремо динамiку операторiв, що породжується ла-
гранжiаном 𝑙Ψ окремо вiд динамiки операторiв, що
породжується лагранжiаном 𝑙𝑣.

Розглянемо спочатку лагранжiан 𝑙Ψ. Його мо-
жна переписати в видi:

𝑙Ψ =
𝑖

2

(︃
3∑︁

𝑏=0

(︁
^̄Ψ𝑠1 (𝜌𝑋) 𝛾𝑏𝑠1𝑠2

𝜕Ψ̂𝑠2 (𝜌𝑋)

𝜕𝜌𝑏𝑋
−

− 𝜕 ^̄Ψ𝑠1 (𝜌𝑋)

𝜕𝜌𝑏𝑋
𝛾𝑏𝑠1𝑠2Ψ̂𝑠2 (𝜌𝑋)

)︃)︃
𝜑* (𝜌𝑦)𝜑 (𝜌𝑦)−

−𝜑* (𝜌𝑦) 𝐻̂
int (𝜑 (𝜌𝑦))

^̄Ψ𝑠1 (𝜌𝑋) Ψ̂𝑠1 (𝜌𝑋), (54)

де введено внутрiшнiй гамiльтонiан 𝐻̂ int трича-
стинкової системи:

𝐻̂ int (𝜑 (𝜌𝑦)) ≡ − 1

2 (3𝜇𝑞)

10∑︁
𝑏=4

𝜕2𝜑 (𝜌𝑦)(︀
𝜕𝜌𝑏𝑦

)︀2 +

+
𝑔2

(9𝜇𝑞)

√︂
6

𝑘
𝑣0 (𝜌𝑦)𝜑 (𝜌𝑦) + (3𝜇𝑞)𝜑 (𝜌𝑦). (55)

Як видно з цього виразу, функцiя
(︀
𝑔2/(9𝜇𝑞)×

×
√︀

6/𝑘
)︀
𝑣0(𝜌𝑦) грає роль потенцiйної енергiї вза-

ємодiї мiж кварками. Вiдповiдно функцiю 𝜑 (𝜌𝑦)
можна розглядати як координатну частину вну-
трiшнього стану барiону. Оскiльки, залежнiсть по-
льових функцiй вiд їх аргументiв у обраному пред-
ставленнi взаємодiї повинна виражати динамiку
вiльного барiону, то функцiя 𝜑 (𝜌𝑦) повинна бу-
ти власною функцiєю внутрiшнього гамiльтонiану
(55), яка вiдповiдає найменшому власному значен-
ню, яке дорiвнює масi барiону. Маючи на метi опис

протону, покладемо її рiвнiй масi протону 𝑀𝑃 :

𝑀𝑝𝜑 (𝜌𝑦) = − 1

2 (3𝜇𝑞)

10∑︁
𝑏=4

𝜕2𝜑 (𝜌𝑦)(︀
𝜕𝜌𝑏𝑦

)︀2 +

+
𝑔2

(9𝜇𝑞)

√︂
6

𝑘
𝑣0 (𝜌𝑦)𝜑 (𝜌𝑦) + (3𝜇𝑞)𝜑 (𝜌𝑦). (56)

Якщо власну функцiю 𝜑 (𝜌𝑦) обрати нормованою
на одиницю, то дiя для лагранжiану 𝑙Ψ зведе-
ться до звичайного виразу для бiспiнорного поля,
а динамiчнi рiвняння – до системи рiвнянь Дiра-
ка. Вiдповiдно, матимемо загальний розв’язок цi-
єї системи в видi лiнiйної комбiнацiї негативно-
частотних i позитивно-частотних розв’язкiв. При
цьому, негативно- i позитивно-частотнi коефiцiєн-
ти при реалiзацiї звичайної процедури квантува-
ння [4] будуть описувати народження i знищення
частинок iз масою протону i спiном 1/2 з внутрi-
шнiм станом, що перетворюється за тривiальним
представленням групи 𝑆𝑈𝑐 (3). Окрiм того, оскiль-
ки нас цiкавить лише сильна взаємодiя, ми не роз-
глядали явно ароматовий стан системи трьох квар-
кiв, але вiн може бути обраний таким, що вiдпо-
вiдає стану протону. Тобто, оператори народже-
ння i знищення, якi вiдповiдають полю Ψ̂𝑠 (𝜌𝑋),
𝑠 = 1, 2, 3, 4 описують процеси народження i зни-
щення протонiв.

Розглянемо тепер лагранжiан 𝑙𝑣 (52). З виду
цього лагранжiану бачимо, що динамiчнi рiвнян-
ня Лагранжа–Ейлера можна отримати для поля
𝑣 (𝜌) = 𝑣0 (𝜌𝑦) 𝐸̂ + 𝑣1 (𝜌) (49). Це означає, що фун-
кцiя 𝑣0 (𝜌𝑦) буде частковим розв’язком цих рiв-
нянь, якщо 𝑣1 (𝜌) = 0. Тодi представлення 𝑣 (𝜌) =
= 𝑣0 (𝜌𝑦) 𝐸̂ + 𝑣1 (𝜌) можна розглядати таким чи-
ном, що ми маємо “великий розв’язок” 𝑣0 (𝜌𝑦), який
описує взаємодiю кваркiв всерединi барiону i кван-
туємо малi флуктуацiї навколо нього 𝑣1 (𝜌) . Ви-
ходячи з цього, для функцiї 𝑣0 (𝜌𝑦) за допомогою
лагранжiану (52) отримуємо динамiчне рiвняння:

9∑︁
𝑙=4

𝜕2𝑣0 (𝜌𝑦)(︀
𝜕𝜌𝑙𝑦

)︀2 −𝑚2
𝐺𝑣0 (𝜌𝑦)− 3𝑔2

√︂
6

𝑘
(𝑣0 (𝜌𝑦))

2
= 0.

(57)

Динамiка флуктуацiй 𝑣1 (𝜌) з урахуванням (57)
описується лагранжiаном:

𝑙𝑣1 =
1

2

3∑︁
𝑙1=0

3∑︁
𝑙2=0

𝑔𝑙1𝑙2
𝜕𝑣1 (𝜌)

𝜕𝜌𝑙1
𝜕𝑣1 (𝜌)

𝜕𝜌𝑙2
−
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− 1

2

9∑︁
𝑙=4

(︂
𝜕𝑣1 (𝜌)

𝜕𝜌𝑙

)︂2
− 1

2
𝑚2

𝐺(𝑣1 (𝜌))
2 −

− 3𝑔2
√︂

6

𝑘
(𝑣0 (𝜌𝑦)) (𝑣1 (𝜌))

2 − 𝑔2
√︂

6

𝑘
(𝑣1 (𝜌))

3
. (58)

Кубiчний доданок −𝑔2
√︀

6/𝑘 (𝑣1 (𝜌))
3 ми можемо

додати до лагранжiану взаємодiї (53). Тодi, врахо-
вуючи, що ми використовуємо представлення вза-
ємодiї вiдносно лагранжiану взаємодiї:

𝑙1int = − 𝑔2

(9𝜇𝑞)

√︂
6

𝑘
^̄Ψ𝑠1 (𝜌𝑋) Ψ̂𝑠1 (𝜌𝑋)×

×𝜑* (𝜌𝑦)𝜑 (𝜌𝑦) 𝑣1 (𝜌)− 𝑔2
√︂

6

𝑘
(𝑣1 (𝜌))

3 (59)

залежнiсть вiд своїх аргументiв поля 𝑣1 (𝜌) буде
описуватись лагранжiаном, який за допомогою iн-
тегрування по частинах, можна записати в видi:

𝑙(0)𝑣1 =
1

2

3∑︁
𝑙1=0

3∑︁
𝑙2=0

𝑔𝑙1𝑙2
𝜕𝑣1 (𝜌)

𝜕𝜌𝑙1
𝜕𝑣1 (𝜌)

𝜕𝜌𝑙2
−

− 𝑣1 (𝜌)

(︃
−1

2

9∑︁
𝑙=4

(︃
𝜕2𝑣1 (𝜌)

𝜕(𝜌𝑙)
2

)︃
+

1

2
𝑚2

𝐺𝑣1 (𝜌)+

+3𝑔2
√︂

6

𝑘
(𝑣0 (𝜌𝑦)) 𝑣1 (𝜌)

)︃
. (60)

Вираз

𝐻̂ int
𝑣 (𝑣1 (𝜌)) = −1

2

9∑︁
𝑙=4

(︃
𝜕2𝑣1 (𝜌)

𝜕(𝜌𝑙)
2

)︃
+

+
1

2
𝑚2

𝐺𝑣1 (𝜌) + 3𝑔2
√︂

6

𝑘
(𝑣0 (𝜌𝑦)) 𝑣1 (𝜌) (61)

формально має вид результату дiї внутрiшнього
гамiльтонiану тричастинкової системи з потенцiй-
ною енергiєю 3𝑔2 (6/𝑘 ) 𝑣0 (𝜌𝑦). Тому, представляю-
чи поле 𝑣1 (𝜌) в видi:

𝑣1 (𝜌) = 𝑉1 (𝜌𝑋)𝜑𝑣 (𝜌𝑦), (62)

де 𝑉1 (𝜌𝑋) – нова операторнозначна польова фун-
кцiя, а 𝜑𝑣 (𝜌𝑦) – власна функцiя оператора (61),
що вiдповiдає власному значенню, яке позначимо
𝜇2
𝐺/2:

𝜇2
𝐺

2
𝜑𝑣 (𝜌𝑦) = −1

2

9∑︁
𝑙=4

(︃
𝜕2𝜑𝑣 (𝜌𝑦)

𝜕
(︀
𝜌𝑙𝑦
)︀2
)︃
+

+
1

2
𝑚2

𝐺𝜑𝑣 (𝜌𝑦) + 3𝑔2
√︂

6

𝑘
(𝑣0 (𝜌𝑦))𝜑𝑣 (𝜌𝑦) (63)

отримаємо:

𝑙(0)𝑣1 =

(︃
1

2

3∑︁
𝑙1=0

3∑︁
𝑙2=0

𝑔𝑙1𝑙2
𝜕𝑉1 (𝜌𝑋)

𝜕𝜌𝑙1𝑋

𝜕𝑉1 (𝜌𝑋)

𝜕𝜌𝑙2𝑋
−

− 𝜇2
𝐺

2

(︁
𝑉1 (𝜌𝑋)

)︁2)︃
(𝜑𝑣 (𝜌𝑦))

2
. (64)

Якщо власну функцiю 𝜑𝑣 (𝜌𝑦) оператора 𝐻̂ internal
𝑣

(61) нормувати на одиницю, то пiдставляючи ла-
гранжiан (64) у дiю i iнтегруючи по внутрiшнiх
змiнних 𝜌𝑦 для поля 𝑉1 (𝜌𝑋), отримаємо звичайний
лагранжiан дiйсного скалярного поля, для якого
процедура квантування призводить до операторiв
народження i знищення частинок iз масою 𝜇𝐺.

Як видно з (34), поле 𝑉1 (𝜌𝑋) пов’язано з розкла-
дом у пряму суму iнварiантних пiдпросторiв лiнiй-
ного простору двоiндексних тензорiв. Тому, опе-
ратори народження i знищення, якi вiдповiдають
цьому полю, повиннi змiнювати числа заповнення
двоглюонних станiв. В той же час, оператор (61)
i його власна функцiя 𝜑𝑣 (𝜌𝑦) є тричастинковими.
Тому оператор (61) ми не можемо iнтерпретувати
як внутрiшнiй гамiльтонiан двоглюонного стану, а
його власну функцiю – як таку, що описує цей стан.
Це можна пояснити тим, що ми розглядаємо як
одночастинковi глюоннi поля, введенi при подов-
женнi похiдних (18), так i двочастинковi, введенi
в (28) як такi, що взаємодiють iз внутрiшнiм ста-
ном кваркiв у барiонi. Така взаємодiя може надати
iнформацiю про результат вимiрювання розташу-
вання трьох кваркiв у барiонi, але не може слу-
гувати вимiрюванням розташування двох глюонiв
усерединi двочастинкового стану. Так вiдбувається
тому, що як мiнiмум один глюон повинен провза-
ємодiяти одночасно як мiнiмум iз двома кварка-
ми, якi при вимiрюваннi можуть бути виявленими
в двох рiзних точках. Тому, за таких умов, взає-
модiя з кварками не зможе перевести пару глю-
онiв у стан власний для їх вiдносних координат.
Внаслiдок цього, власна функцiя 𝜑𝑣 (𝜌𝑦) оператора
(61) не описує стан пари глюонiв. Однак, оскiльки
двоглюоннi поля взаємодiють iз барiоном посере-
дництвом взаємодiї iз кварками всерединi нього,
вершина взаємодiї, стаючи нелокальною, повинна
враховувати внутрiшню структуру барiону. Пере-
писуючи лагранжiан взаємодiї (59) з урахуванням
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(62) в видi:

𝑙1int = − 𝑔2

(9𝜇𝑞)

√︂
6

𝑘
^̄Ψ𝑠1 (𝜌𝑋) Ψ̂𝑠1 (𝜌𝑋)×

×𝑉1 (𝜌𝑋)𝜑* (𝜌𝑦)𝜑 (𝜌𝑦)𝜑𝑣 (𝜌𝑦)−

− 𝑔2
√︂

6

𝑘

(︁
𝑉1 (𝜌𝑋)

)︁3
(𝜑𝑣 (𝜌𝑦))

3 (65)

бачимо, що функцiя 𝜑𝑣 (𝜌𝑦) описує як вершину вза-
ємодiї протону з двоглюонним полем, так i вер-
шину самодiї двоглюонного поля, що взаємодiє
iз тричастинковим протонним полем. Зауважимо,
що квадрат модуля функцiї 𝜑 (𝜌𝑦) , яка є власною
функцiєю внутрiшнього гамiльтонiану (55), i роз-
глядається нами як координатна частина власно-
го для енергiї внутрiшнього стану системи кваркiв
у протонi, має ймовiрнiсний сенс. В той же час,
вершина взаємодiї в обраному нами представлен-
нi взаємодiї, впливає на залежнiсть вiд часу стану
релятивiстської квантової системи i не має прямо-
го ймовiрнiсного сенсу. Тому нелокальна верши-
на не описуватиметься функцiєю 𝜑 (𝜌𝑦) , що по-
яснює появу в вершинах лагранжiану нової фун-
кцiї 𝜑𝑣 (𝜌𝑦) . У той же час, як показано в роботах
[11,24] двоглюонне поле можна розглянути незале-
жно вiд трикваркового, на основi мiркувань, ана-
логiчних тим, що були використанi в цiй роботi для
трикваркового поля. При цьому, подiбно до того,
як у попереднiх мiркуваннях виник внутрiшнiй га-
мiльтонiан трикваркової системи, виникає внутрi-
шнiй гамiльтонiан двоглюонної системи i його вла-
снi функцiї вже можна iнтерпретувати як такi, що
характеризують власнi стани двоглюонної систе-
ми. Вiддiляючи залежнiсть польових функцiй та-
кого поля вiд координат Якобi, що вiдповiдають
центру мас, i залежнiсть вiд внутрiшнiх змiнних,
можна досягти того, щоб лагранжiан операторно-
значної польової функцiї вiд координат центру мас
пiсля iнтегрування по внутрiшнiм змiнним збiгся
з лагранжiаном (64) також пiсля виконання iнте-
грування по внутрiшнiх змiнних. Це дає змогу да-
лi не розглядати два рiзних двоглюонних поля, а
розглядати одне поле 𝑉1 (𝜌𝑋) . Тодi це поле взаємо-
дiятиме iз протонами i мезонами [11, 24] i самодiя-

тиме по закону ∼
(︁
𝑉1 (𝜌𝑋)

)︁3
. Цим можна скориста-

тися для опису процесiв пружного i непружного
розсiяння протонiв.

У попереднi спiввiдношення у видi потенцiйної
енергiї (з точнiстю до коефiцiєнту) входить фун-
кцiя 𝑣0 (𝜌𝑦) , яка визначається рiвнянням (57). Роз-
глянемо сферично симетричний розв’язок цього
рiвняння, тобто такий розв’язок, в який незалежнi
змiннi входять у комбiнацiї:

𝑟 =

⎯⎸⎸⎷ 9∑︁
𝑎=4

(𝜌𝑎)
2
. (66)

Тодi рiвняння (57) приймає вид:

𝑑2𝑣0 (𝑟)

𝑑𝑟2
+

5

𝑟

𝑑𝑣0 (𝑟)

𝑑𝑟
−𝑚2

𝐺𝑣0 (𝑟)−

− 3𝑔2
√︂

6

𝑘
(𝑣0 (𝑟))

2
= 0. (67)

Аналiз властивостей розв’язкiв цього рiвняння до-
кладно наведений в роботi [28]. Результатом цього
аналiзу є висновок, про те, що при певних гра-
ничних умовах його розв’язок наближається до
нескiнченностi при наближеннi до нескiнченностi
аргументу 𝑟. Це можна фiзично iнтерпретувати
як конфайнмент кваркiв в трикварковiй системi
що розглядається. Також рiвняння (67) при пев-
них граничних умовах призводить до потенцiйної
енергiї з вiд’ємними власними значеннями дискре-
тного спектру, якi вiдповiдатимуть зв’язаним ста-
нам без конфайнменту. Можлива фiзична iнтер-
претацiя цього випадку обговорюється у наступно-
му роздiлi. Аналогiчний випадок для зв’язаного
стану двох калiбрувальних бозонiв, як розглядало-
ся в роботах [11, 29] описує механiзм спонтанного
порушення симетрiї.

7. Обговорення результатiв i висновки

Запропонована в цiй i попереднiх роботах мо-
дель багаточастинкових полiв може бути викори-
стана для спроби опису експериментiв з пружно-
го i непружного розсiяння адронiв. Для протон-
протонних зiткнень ми маємо тричастинкове бiспi-
норне поле, що вiдповiдає протонам i антипрото-
нам i це поле взаємодiє iз двочастинковим глю-
больним полем. Це глюбольне поле самодiє вна-
слiдок самодiї неабелева калiбрувального поля i
може взаємодiяти iз двочастинковим мезонним по-
лем, або з iншими тричастинковими полями. З цих
складових частин можна побудувати дiаграми, якi

ISSN 2071-0194. Укр. фiз. журн. 2024. Т. 69, № 10 713



О.С. Потiєнко, I.В. Шарф, Н.О. Чудак та iн.

вiдповiдатимуть пружним i непружним процесам.
При цьому, непертурбативнi ефекти описуватиму-
ться внутрiшнiми гамiльтонiанами багаточастин-
кових полiв. Те, що такий опис виявився нереля-
тивiстським можна пояснити на основi аргументiв,
викладених у [11]. Суть цих аргументiв полягає в
тому, що квантова механiка – принципово нело-
кальна теорiя. Якщо розглядати вимiрювання в
координатному представленнi, то процес взаємодiї
iз вимiрювачем повинен бути реалiзований таким
чином, щоб частинки системи могли провзаємодi-
яти iз приладом у будь-якiй точцi деякої областi.
Тобто, прилад не є локалiзований у якiйсь точцi,
а розподiлений по областi. Внаслiдок цього, коли
прилад взаємодiє з частинками багаточастинкової
системи в деякiй областi, змiна стану такої систе-
ми вiдбувається миттєво, бо кожна частинка мо-
же провзаємодiяти з приладом у будь-якiй точцi,
i тому змiна стану не потребує розповсюдження
взаємодiї з однiєї точки простору-часу до iншої.
Вiдповiдно скiнченiсть швидкостi цього розповсю-
дження перестає в такому випадку бути суттєвою
i тому опис стає аналогiчним нерелятивiстському.

В той же час, в цiй роботi ми розглянули най-
бiльш простий варiант багаточастинкової моделi,
маючи на метi отримати опис найбiльш близь-
кий до звичайної одночастинкової теорiї. Тому при
обговореннi сенсу квантованого багаточастинково-
го поля, ми припустили, що залежнiсть вiд ко-
ординат центру мас вiддiляється вiд залежностi
вiд внутрiшнiх змiнних. Це припущення не є кри-
тично важливим для квантування багаточастин-
кового поля. Дiйсно, для надання польовим опе-
раторам сенсу операторiв народження i знищен-
ня суттєвим є лише закон їх перетворення при
просторово-часовому зсувi [4]. Але таке перетво-
рення не зачiпає внутрiшнiх змiнних i змiнює ли-
ше просторово-часовi координати центру мас. То-
му, як саме внутрiшнi змiннi входять у залежнiсть
польового оператору вiд його аргументiв для про-
цедури квантування не грає суттєвої ролi. Можна
спробувати отримати iншi розв’язки розглянутих
в цiй роботi динамiчних рiвнянь i їх фiзично iн-
терпретувати. Зокрема, найбiльш очевидним уза-
гальненням розглянутої в роботi моделi є вико-
ристання розкладiв багаточастинкових операторiв
по власних станах внутрiшнього гамiльтонiану, а
не обмежуватися внеском лише основного стану,
як ми це зробили в цiй роботi. Також представ-

ляє iнтерес розглянути моделi iз змiною в процесi
кiлькостi частинок у внутрiшнiх станах взаємодi-
ючих адронiв i взаємодiю багаточастинкових полiв
з одночастинковими. Однак поки що незрозумiло,
яким чином ввести вiдповiднi доданки у внутрiшнi
гамiльтонiани виходячи з калiбрувального прин-
ципу введення взаємодiй.

Фактично, можна сказати що проблема, яка
обговорювалася в цiй роботi є наслiдком проти-
рiччя мiж нелокальним характером квантової ме-
ханiки i локальним видом квантової теорiї поля.
Можливо, це протирiччя проявляється в вiдомому
фактi розбiжностi iнтегралiв, що вiдповiдають де-
яким дiаграмам Р. Фейнмана. Як вiдомо [4], цi роз-
бiжностi виникають внаслiдок невизначеностi хро-
нологiчного спарювання польових операторiв при
спiвпадiннi часових аргументiв, тобто саме на пiд-
множинi одночасностi, яка розглядалася вище. Цi
розбiжностi виникають на свiтловому конусi, тоб-
то на пiдмножинi точок тензорного добутку двох
просторiв Мiнковського, яка вiддiляє область цьо-
го добутку, яка має спiльнi точки з пiдмножиною
одночасностi, вiд областi, яка таких точок не має.
З iншого боку, цi розбiжностi виникають для де-
яких дiаграм, якi мiстять петлi, тобто багаточа-
стинковi промiжнi стани. Однак для таких станiв,
на пiдмножинi одночасностi можлива iнша дина-
мiка, нiж та, що описується за допомогою одноча-
стинкових функцiй Грiна. Можливо, в цьому ви-
падку стануть у нагодi розв’язки багаточастинко-
вих рiвнянь, якi розглядалися в роботi [28] i зга-
дувалися в попередньому роздiлi i не призводять
до конфайнменту. Тодi в багаточастинковiй задачi
матимемо суцiльний спектр i стани цього спектру
мали б враховуватися при iнтегруваннi по промi-
жним багаточастинковим станам.
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THREE-PARTICLE FIELDS
AS A METHOD TO DESCRIBE
BARYONS IN SCATTERING PROCESSES

A model of three-particle fields has been proposed to describe

baryons in elastic and inelastic scattering processes. The model

makes it possible to describe the confinement of quarks in a

hadron and, simultaneously, the interaction of quarks in dif-

ferent hadrons when the latter collide. Such an interaction is

provided by the exchange of bound states between two gluons

that are also in the confinement state.

Ke yw o r d s: multi-particle fields, subset of simultaneity, confi-
nement.

ISSN 2071-0194. Укр. фiз. журн. 2024. Т. 69, № 10 715


