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INTRODUCCION

La descripcién teérica de sistemas nucleares (materia nuclear,nicleos finitos,nucleones) em-
plea diferentes grados de libertad, segiin el rango de energias implicado. En los procesos
de dispersién entre nucleones es frecuente emplear modelos basados en el intercambio de
bosones mediadores (mesones).En cambio para describir la estructura de los nicleos atémicos
en equilibrio es mas adecuado el uso de potenciales estiticos. En este caso se considera que
cada nucledn en el medio nuclear se mueve como una particula independiente en un poten-
cial efectivo proveniente de su interaccion con los restantes nucleones. Los pardmetros del
modelo se ajustan consistentemente con los datos de la dispersién NN y con las propiedades
del deuterdn y de los niicleos mds livianos. También se estudia la hipotética materia nuclear,
consistente en un sistema homogéneo con igual numero de protones y neutrones en ausencia
de la interaccion electromdgnetica y en el limite de niimero infinito de particulas, a densidad
finita. En dicho limite sélo la energia de ligadura por particula y la densidad de saturacién
permanecen como cantidades significativas. La situacién en el centro de miicleos pesados,
tales como el 2°8 Pb, se aproximaria a la condicién de la materia nuclear. En tales casos, la
evidencia experimental obtenida por dispersién de electrones indica que la densidad de carga
es aproximadamente constante e igual a pp = 0.16fm=3. Mediante el uso de potenciales
de interaccion de dos cuerpos se han obtenido puntos de saturacién que se ubican en una
banda, la llamada linea de Coester, que no incluye el valor empirico. Se ha demostrado
que las discrepancias en los valores tedricos correspondientes a los puntos de saturacién no
provienen del tratamiento inadecuado de las interacciones, sino que se deben a efectos de
naturaleza tensorial presentes en la interaccicn NN.

Ejemplos de potenciales utilizados en cédlculos de estructura nuclear son los de Bonn,
Reid y Paris [1].

Por otra parte, la Cromo Dindmica Cudntica (CDC) se ha impuesto como la teoria mas
firme para el andlisis de la interaccion fuerte. Debido al fenémeno del confinamiento no
hay evidencia directa de sus grados de libertad fundamentales, de modo que los detalles de
la interaccion bdsica quark-gluén y gluén-gluén deben inferirse indirectamente. Debido al
comportamiento en impulso de la constante de acoplamiento de la CDC, el tratamiento de
la interaccion entre hadrones es un problema de dificil resolucién.

El nexo formal entre estos dos cuerpos tedricos puede establecerse por la introduccidn de
modelos efectivos, inspirados en las propiedades de la CDC, que emplean grados de libertad
efectivos como quarks constituyentes y mesones.

3



El presente trabajo pretende proporcionar una descripcién de la fisica de hadrones en
el caso en que puede tratarselos como campos locales. Esta descripcidn se enmarca en el
formalismo que se ha dado en llamar Dindmica Cuéntica de Hadrones (DCH). El area de
aplicacién es vasta, abarca desde la hipotética materia nuclear hasta los nicleos finitos y
procesos de dispersién. Admite, por lo tanto, una comparacion directa con la experiencia.
Desde el area nuclear deben requerirse valores adecuados para la densidad de saturacién de
la fuerza nuclear, la energia de ligadura por nucledn, el espesor de la superficie nuclear y la
compresibilidad entre otras propiedades.

Los métodos de solucién para los modelos efectivos deben tener en cuenta la intensidad
de los acoplamientos y el efecto de muchos cuerpos.

Consideraremos el problema de los modelos y métodos de resolucién adecuados para la
fisica nuclear con particular detenimiento, y posteriormente estudiaremos las caracteristicas
de los resultados numeéricos. Hemos considerado necesario introducir los efectos térmicos
del medio nuclear. Esto proporcionard informacion de interés acerca de la estabilidad de las
soluciones y sobre el comportamiento macroscépico del sistema.

Un tratamiento tedrico coherente del medio nuclear debe incluir los grados de libertad
bariénicos ( nucleones, deltas y otras resonancias) y de mesones (7, 7,w, p). En su versién
mads reciente la DCH ha incluido la formulacion relativista. Distintas situaciones de la fisica
nuclear requieren un tratamiento relativista, como ser aquellas en que los nucleones se hallan
a alta densidad o a elevadas temperaturas. En estos casos, el flujo hidrodindmico de materia
nuclear tiene velocidades comparables a la velocidad de la luz. Las colisiones entre iones
pesados y la evolucidn de la materia en ciertas estrellas constituyen ejemplos tipicos.

Debido a la extensién del tema, hemos dividido esta presentacién en dos capitulos in-
troductorios y otros dos de aplicaciones especificas. En el Capitulo 1 realizamos una in-
troduccion al uso de la teoria de campos en fisica nuclear. Alll se revisan algunos de los
modelos mas sencillos capaces de describir las propiedades basicas de la materia nuclear a
temperatura cero. Esto servira a su vez para mostrar algunos de los métodos de solucién
empleados.

Dado el interés enunciado en analizar los efectos térmicos del medio nuclear, hemos selec-
cionado la Dinamica Térmica de Campos (DTC) como una formulacidn adecuada para tal
fin. Dado que su empleo no estd muy difundido hemos dedicado el Capitulo 2 para presentar
sus fundamentos y realizar comparaciones con otras teorias mas conocidas como las de Mat-
subara o la de Keldysh. Anticipando los métodos que seran desarrollados posteriormente,
en este capitulo nos detendremos especialmente en la discusién de los propagadores térmicos
en la DTC.

Dado que las aproximaciones de orden mas bajo, las de campo medio, presentan ciertas
falencias, ha sido necesario estudiar y desarrollar métodos alternativos para la introduccidn
de correcciones sucesivas. En el Capitulo 3 presentamos algunas de ellas y usando la DTC
evaluamos algunas de las propiedades de interés fisico para la materia nuclear a densidad y
temperatura finitas. Se presta particular atencion a los esquemas no perturbativos conocidos
como Aproximacion de Fases al Azar Relativista y al desarrollo en lazos, que han surgido
en la ultima década. Ya que éstos conducen a ciertas contradicciones insalvables, hemos
propuesto un método mediante el cual se determina un régimen de validez perturbativa
(Aproximacion de la Transicin Perturbativa). En todos los casos se emplea como modelo
de prueba el modelo sigma-omega lineal, de uso habitual en la DCH.

No obstante la aceptacion del modelo sigma-omega lineal, sus predicciones para la
ecuacidn de estado de la materia nuclear y para la masa efectiva de los bariones han sido
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objetadas. En el Capitulo 4 se describen algunos modelos alternativos que producen resul-
tados mas aceptables, al costo de introducir mayor complejidad en los acoplamientos. De
entre ellos hemos seleccionado el modelo de Zimanyi-Moszkowski para aplicar el método de
la transicién perturbativa. Para ello se toma un estado de referencia, obtenido no pertur-
bativamente, y se deriva una interaccidn residual con acoplamientos efectivos que adquieren
dindmicamente dependencia en la densidad y la temperatura. En este esquema se obtienen
distintas cantidades de interés fisico.

El presente trabajo no agota las posibilidades del formalismo desarrollado, que per-
manecen como tema de estudio y analisis para futuras investigaciones.






Modelos Relativistas en Fisica
Nuclear

1.1 Imntroduccién

En este Capitulo revisaremos algunos modelos sencillos empleados en la teoria de campos y
que resultan de interés en fisica nuclear.

Comenzaremos con un lagrangiano para fermiones (1) y mesones escalares (¢) en inte-
raccidn mediante un acoplamiento del tipo de Yukawa (ejemplo I):

Lini(z) = gs9(z)o(z)¥(z)

El campo escalar ¢ puede interpretarse, a lo sumo, como un intercambio efectivo de dos
piones. Una caracteristica de este modelo es que la energia por particula tiene un com-
portamiento no monétono con la densidad bariénica y en consecuencia aparecen estados
ligados [2],[3]. A densidades baridnicas relativamente elevadas desaparecen los estados liga-
dos; a densidades intermedias puede ocurrir una transicién de fase si el acoplamiento es lo
bastante fuerte.

El siguiente ejemplo introduce el campo de piones, como grado de libertad explicito
(ejemplo II), en un acoplamiento lineal de la forma :

cint(z) = ‘i’(z)(igpa YsT - 7"(3) — Gv 96)‘1’(3)

Aqui ¥ indica un isoespinor de dos componentes para protén (p) y neutrén (n) : ¥! = ¢y,
U2 = tp,; 7 : (71,72, 73) son las matrices de Pauli y 7 : (7, 72, 73) la terna de campos de
piones. Ademads se ha incluido un campo vectorial w, necesario para balancear el efecto del
acoplamiento escalar. Este modelo servird para discutir la presencia de anomalias en las
propiedades analiticas de las funciones de Green obtenidas mediante métodos autoconsis-
tentes.

A continuacidn se presentard la primera versidn del modelo propuesto por Walecka,
conocido en la literatura como QHD-I (ejemplo III):
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Lint(z) = 9, 9(2)o(@)b(z) — 90 $(z) d(z)¥(z)

Para finalizar esta seccién mencionaremos que el estudio de los niicleos finitos ha llevado
a completar el modelo QHD-I con los mesones escalar-isovectorial = y el seudovectorial-
isoescalar p, conjuntamente con el campo electromagnético. Este lagrangiano, conocido
como QHD-II [4],[5], [6], ha sido aplicado a la descripcién de nicleos esféricos [7] y defor-
mados [8] y a estados nucleares excitados [9]. Los parimetros del modelo son ajustados
en el limite de materia infinita. De esta forma se obtiene un efecto de estructura de capas
[4]. Sin embargo el desfasaje numérico de los resultados logrados para nicleos finitos (una
separacién entre niveles sobreestimada en un 30 %, una energia de superficie exagerada, una
energia de ligadura reducida entre un 15 % y un 30 %) ha conducido a la incorporacién de
términos no lineales [10),[11] de la forma

b
203+ —ot

Ver=z7+q

Si bien esta modificacidn mejora el ajuste de los niveles de energia, presenta el efecto

indeseable de una constante de acoplamiento b negativa, comprometiendo la estabilidad del
estado fundamental.

1.2 Acoplamiento a un campo escalar.

El lagrangiano del modelo es

L(iz) = Y(EP-My+ %(6“66FU ~m?a?) 4 g Yoy

Las ecuaciones de Euler-Lagrange correspondientes son :

(2-M)p = —gso¢
(@+md)e = g, 99
El lagrangiano es invariante ante una transformacion de fase global sobre los espinores:

¥ — e**3. Como consecuencia la corriente barionica j, = {7, estd conservada.
Las funciones de Green causales para fermiones y bosones libres vienen dadas por :

< T Yul2)ip(z) > B B )
< T o(z)o(z') > (1.2)

iG?,p(z, z')
iA%z,z')

respectivamente. Se ha empleado el simbolo < > para indicar valores esperados tomados
en el vacio a temperatura cero. Tal estado consistira en todos los estados de fermién ocupados
hasta el nivel de Fermi y el resto desocupado, en tanto que no presenta mesones reales.
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Suponiendo un sistema homogéneo y estitico, la dependencia en coordenadas debe ser
unicamente de la forma z —z’. La forma explicita de dichos propagadores a densidad y tem-
peratura finitas se obtiene en el espacio de Minkowski como solucién de una ecuacién difer-
encial con las condiciones de contorno apropiadas (la condicién de Kubo-Martin-Schwinger

[12)).

Las correspondientes transformadas de Fourier

Go(z) = [ e G (p) (1.3)
A%z) = [ ghee P A%p)
tienen el aspecto :
G° = Gy+G) (1.4)
A = A?;- + A%
donde
o - __P+M
Go = ST (1.5)
1
0 —_— —_—
Ar = p? —m2 + e (19)
Gy = 2mi(g+ M)s(p* — M*)np(po) (17)
AY = —27i6(p* — m?)np(po) (1.8)

En estas expresiones se ha realizado una separacién entre las contribuciones de Feynman
G% y A% y los términos que incluyen explicitamente la dependencia en la densidad G%
y A} a través de los nimeros de ocupacién np(pp) y ng(po) para fermiones y bosones
respectivamente

1
= 14eP(s=u)> z>0
np(z) = { Ay £ <0 (1.9)
= 1 1.10
ns(2) = Ry {-10)

aqui i es el potencial quimico, que tiene en cuenta la conservacién del nimero bariénico.
En el limite de temperatura cero dichos niimeros de ocupacién cumplen np(pg) — ©(u—
po) ¥ np(po) — 0, donde © indica la funcién de Heaviside. La energia de Fermi Ep =
V/P% + M2 = p esté relacionada con la densidad baridnica pp mediante el impulso de Fermi

pPFr

§ 3
pB = 3”7*2‘ (1.11)
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donde § indica la degeneracidn de isospin.
En dicho limite se tiene

Gos G% + 27ié(p* — M?)O(u — po) (1.12)
A = AL (1.13)

Si Gop ¥y A son los propagadores exactos, con interaccion, éstos cumplirdn con las ecua-
ciones de Dyson

G°(p) + G°(p)Z(p)G(p) (1.14)
A°(p) + A%(p)I(p)A(P) (1.15)

G(p)
A(p)

de 1.14 puede despejarse formalmente en términos del propagador libre y la autoenergia
propia ¥

G~'(p) = v*(Pu — Zu) = M + Z,(p) (1.16)

En esta expresién se separaron las componentes escalar (X,) y vectorial (X,) de la
autoenergia. A partir de aqui pueden identificarse valores efectivos para la masa y el impulso

M* = M-I, (1.17)
Po = Eo(p) + v/ p*2 + M*2 (1.18)
P = p—-X(p) : (1.19)

Usando este espectro puede construirse el propagador del nucledn sumando a todo orden
una dada clase de diagramas, de esta manera resulta :

G(p) = Gr(p)+Gbp(p) (1.20)
_ 7P —Zu(P)]+ M —Zs(p)
Crle) = B S, P - M- S.0)P + e
Gp(p) = 2mi{y*[py —Zu(p)] + M - Z,(p)}
x6 ([ow — Zu(p))* — [M - Z:(p))?) © (1 — po + Zo(p))

En teoria de perturbaciones, las correcciones a un lazo al propagador del nucledn vienen
dadas por los diagramas indicados en la Figura (1.1).

A cada vértice corresponde un factor —ig, y un factor global de (-1) por cada lazo cerrado
de fermidn. Si sélo consideramos el término directo (corresponde al (a) de la figura (1.1)),
la expresion analitica para la autoenergia es :

Bes(p) = i¢" [ e A%OM{G0 b (1.21)
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- O]

" (b)

(a)

. [} . = +  jecccc..

! ' '

] H

] : .

] : H
Figura 1.1 Diagramas de Feynman correspondientes Figura 1.2 Aproximacion al propagador de fermién
al segundo orden perturbativo para el ejemplo I.° en el esquema de Schwinger-Dyson. Lineas gruesas
Las lineas gruesas representan los propagadores ex- corresponden al propagador vestido por el medio,
actos, en tanto que las delgadas los propagadores Ifneas delgadas al propagador de partfcula libre.

sin perturbar. La propagacién de de fermiones y de
bosones ha sido representada por lineas continuas y
a trazos respectivamente.

Una manera de imponer la autoconsistencia del cdlculo es construir la autoenergia uti-
lizando el propagador exacto (1.20) en vez del propagador de fermién libre en (1.21). Esta
aproximacidn puede interpretarse diagramaticamente de la forma indicada en la Fig. (1.2).
De esta manera se obtienen dos términos. Uno de ellos contiene a Gr(p) y es divergente.
El otro contiene a Gp y es finito. La evaluacidn del primer término demuestra que este
recoge las contribuciones del mar de Dirac de particulas con energias negativas. En teoria
de campos es habitual omitir este tipo de aportes ordenando normalmente el lagrangiano
de interaccion. En el presente caso este procedimiento no es admisible ya que, como ver-
emos en la seccidn 1.4.2, dicho término tiene contenido fisico dependiente de la densidad
bariénica. La omisién de la integral divergente junto con la imposicidn de autoconsistencia
de los resultados es lo que se ha dado en llamar Aproximacién de Campo Medio (ACM).

Debido a que la contribucidn vectorial del término directo es nula, en la ACM la autoe-
nergia se reduce a :

7, = 818 e (- 5,)6 (57 - (M — £.)%) ©(u - po) (1.22)

La dependencia en la densidad entra a través del potencial quimico, las funciones u y pp
estan relacionadas mediante :

pp = lim [ S EtrG(p)ee
= [ &AM 5(p* ~ M*)0(u -~ po) (1.23)

donde nuevamente se ha omitido la contribucién del sustrato de estados de energia ne-
gativa. Este serd, de aqui en mas, el procedimiento adoptado para los cdlculos de esta
seccion.

De (1.17) y (1.18) puede verse que el espectro de particula independiente para fermiones
guarda las caracteristicas generales del espectro de particula libre; un continuo de estados
de energia positiva y negativa separados por un hueco de extensién 2M™, que varfa con la
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densidad, pero que nunca se anula. Este comportamiento permite asignar las condiciones
de contorno en el propagador (1.20) siguiendo prescripciones similares a las del propagador
causal de particula libre. Por otro lado, siendo la masa efectiva independiente del impulso,
es posible definir la energia y el impulso de Fermi de la manera habitual.

Con la finalidad de obtener una expresién analitica para la ecuacién de estado se pro-
cedera a través de varias aproximaciones consistentes con la ACM empleada para el propa-
gador. Para ello comenzaremos con la construccién del hamiltoniano candnico :

H = /daz'H(:c)
6L 6L . 6[:
H(z) = ¢— 53 + —¢'¢‘ + — 60 -L

Para el presente modelo, empleando las ecuaciones de movimiento y despreciando derivadas
temporales totales se llega a :

/d3:c [&(i'y V+M)p+o?- -;—gd;m/)]

Ya que el campo escalar tiene como fuente a la densidad baridnica escalar ¥4, los campos
¥ y o no son independientes. Ademads, para materia uniforme y estdtica, el promedio < o >
no depende de las coordenadas. Haciendo esta suposicién en la ecuacién de movimiento se
obtiene :

<o >

m12-<1/31/:>

2| o - w) = s (1.24)

con €, = /q2 + M*2.

En la aproximacion realizada puede reemplazarse el campo de bosén por su valor esperado
< Yoy >=< 0 >< PP >.

Se define la energia por particula, ¢, como el cociente entre el valor medio de H y el
numero baridnico, por lo tanto

1 - 1
. N/d3z<11)[i7-v+(M—§g<a'>)]¢> (1.25)

Los promedios de campos fermidnicos pueden evaluarse en términos de la funcién de

Green (1.20)

<Pp> = —i lim f(z,). =T r(G(p)]
= M f(zx)a e(/-‘—‘p)

Am f (2—,5%6“"’°Tp -tr{YG(p)]

. s
= —21f (—g;‘%;pz@(ﬂ = Ep)

<yPy-Vy>

12
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FIGURA 1.3 El cociente £ = M*/M como funcién FIGURA 1.4 La energia de ligadura como funcién
de la densidad a T=0. Las curvas han sido

de la densidad en la ACM. Las curvas han sido
parametrizadas con el acoplamiento I'. Las canti- parametrizadas con el acoplamiento I

dades £, T han sido definidas en el texto.

Insertando estos resultados parciales en (1.25) se obtiene finalmente :

2V o 1. . =
€= Wft%’j% (‘: - EM E,) &' O —¢) (1.26)

Empleando las variables

n=pr/M* , z=M'/M
E=pr/M , T =(gM/rm,)’

la férmula (1.17) puede escribirse como

l—z= %I‘msG(n)

haciendo uso de (1.22) y de
G(n)=n 1+r)2——ln(n+ \/1+n2)

La solucién numérica de esta ecuacidn en términos de la densidad se presenta en la Fig.

(1.3).

El potencial quimico esté relacionado con la energia de Fermi mediante 4+ = \/z% + §2
La energia por particula puede obtenerse a partir de (1.26)
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€ = % [2:1:773\/ 1+92+4+(2- -‘C)G(U)]

A partir de esta expresién puede evaluarse la energia de ligadura eg medianteeg = e~ M.
El grifico correspondiente se presenta en la Fig. (1.4).
La presién a temperatura cero viene dada por :

P = pp(n-¢ (1.27)
4
gﬁ [53\/z2 +£2 - f’?f(l -z)(1- %z)] (1.28)

De estos resultados pueden extraerse varias conclusiones :

1) No es posible ajustar todas las condiciones de saturacidn simultdneamente. Si se
fija la densidad de saturacién entonces resulta un sistema inestable. Por ejemplo, para
1.33 < pr < 1.43 se obtiene una energia de ligadura positiva eg ~7.6 MeV, I' ~6.61 y z ~
0.96. En cambio fijando la energia se obtiene una densidad muy baja (pr =~ 0.45fm=1) y
un acoplamiento excesivo I' ~ 40 para z ~(0.96.

t1)La masa efectiva decrece rapidamente con la densidad si I' > 1., aunque permanece
no nula atin para densidades elevadas.

iif} El potencial quimico entra en un régimen no mondtono para cierto rango de la
constante de acoplamiento. Lo mismo ocurre para la energia y la presién.

iv) En el limite de bajas densidades (§ — 0) se tiene:

— 1_1..
z = 1 3I‘£

= M 1+152'—1r53
= 2° 73

— _91_2__1_3
B = M(Hlof 165)

Mt (1 1

P = — =€ -2r¢k
3n2? (56 6 ¢

Estos resultados coinciden con los de un tratamiento de Hartree no relativista; con la

salvedad que aqui g y ¢ contienen la energia en reposo.
v) En el limite de altas densidades (ultrarrelativista, £ — o0)

3)
4> 2T¢3
B 1. 31
Po= (15_563)



El comportamiento dominante es el de un gas perfecto de fermiones, y éste se acentiia
cuando crece la densidad. Es decir, los efectos de la interaccidn se diluyen a altas densidades,
en coincidencia con el resultado obtenido para un sistema cldsico en el limite de densidades
elevadas (3].

La competencia de los efectos indicados en (iv) y (v) tienen como consecuencia una
ecuacién de estado del tipo de van der Waals. Al contrario del caso cldsico el potencial
quimico y la energia de ligadura no son funciones monétonas de la densidad; originando la
aparicidn de estados ligados de la materia.

Puede determinarse que el comportamiento fisico del sistema depende fuertemente del
rango de variacion de la constante de acoplamiento I'. Para cada densidad existen ciertos
valores 'y, < 'z < T3 < Ty tales que

i) Para I' < Ty, tanto la presion como la energia son funciones mondtonas crecientes
con la densidad. El comportamiento es pricticamente el de un gas ideal de fermiones.

i) Para 'y > T' > T'y, las funciones € y u conservan su caracter monétono creciente, no
asi la presién. Este comportamiento es reminiscente al de una transicidn del tipo gas-liquido
a una densidad critica que depende de .

itf) Si 'z < T < T3, la energia deja de ser monétona y presenta un minimo local.

iv) Cuando I' > T4 la cantidad u - M, que puede ser interpretada como la energia
necesaria para extraer una particula del sistema, se torna negativa.

v) En el caso I' > I'3,, la energia presenta un minimo absoluto y desaparece la transicién
de fase.

Los valores criticos indicados dependen de la densidad del sistema y puede determinarselos
mediante las condiciones indicadas a continuacidn :

0 >

I
—~~
—
I
—
N
I

Fl =—(1+_2_)__2Z:_—3_
3n) z€\/x? + €2
p(F=T) = 0 =
(1-z)2-12)
r, =L -2e-2)

T

pC=T3) = M =
- Al-2)
B = -eom
E(F = F4) = M =
3(2-z)
'y =

~ z(1-€3)G(n)

El gréfico de la Fig. (1.5) indica la variacién de dichas cantidades con la densidad. Los
maximos de las curvas mostradas corresponden a los valores criticos mencionados previa-
mente.

A fin de obtener la ecuacidn de estado realista debe emplearse la construccién de Maxwell.
Una vez hecho esto sélo permanecen los minimos con eg < 0 < M.

El diagrama de fase esta indicado en la Fig. (1.6)
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FIGURA 1.5 Curves criticas en el espacio (I‘" ,€). Los FIGURA 1.6 Diagrama de fases para la materia nuclear
miximos de dichas curvas definen las constantes criticas s T=0 en el espacio (I'"1, €).
Fye = Fee-

1.3 Acoplamientos con campos de caracter seudoescalar
y vectorial
A continuacion se discutiran las propiedades de la materia nuclear a temperatura cero tal

como es descripta por un modelo sencillo de intercambio de bosones que pueden ser asimi-
lados a los piones 7 y al mesdn w. La densidad lagrangiana es

v

(1.29)

L(z)=V(i @—mo—igp,7sT-T—gy )V + %(6,,7r O —min.w)— %FF,F’“’ - %mzw,,w“

donde Fy, = Ouw, — Gywy.
Las ecuaciones de movimiento son

(i a - m0)¢a = [igpa75(7' . W)db + gv ¢6ab]¢b
(04 mi)r® = g, ¥sTOV
OuFH + m2w® = g,y ¥

El nimero bariénico Ng es la carga de la corriente bariénica que se halla conservada.

Una forma de introducir las correcciones a los parametros de la teoria es a través de la
formulacion de Dyson-Schwinger que suma una dada clase de diagramas a todo orden y en
forma autoconsistente. Sin embargo la aplicacidn de este método conduce a ciertas inconsis-
tencias en la teoria, manifestadas por la aparicidn de polos complejos en la funcién de Green
de una particula, como se verd mas adelante. Este hecho estd en completa contradiccidn con
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ciertos supuestos bisicos de la representacién espectral de propagadores. En la literatura se
conoce a estas anomalias con el nombre de polos fantasmas [13].

1.3.1 Representacién espectral del propagador del nucleén

Dado el propagador del nucledn Gqp(z,y), su transformada de Fourier Go5(p) admite la
representacién espectral [14] :

A(s)

—s+1f

Gas(p) = / ds ——— (1.30)

donde A(s) es la funcién espectral y puede asimilarse a la probabilidad de que un estado
de masa s sea creado por ¥ o 9, y por lo tanto debe ser no negativa.

Introduciendo los proyectores Py (p) = %(I:L- p/wp), donde wg = p,p*; que cumplen las
siguientes propiedades:

Pl=Py 1=P,+P.
PiP_=0 p=uw,(Ps—P.)
puede escribirse
1 wp 1 p— 1
?—s+ie wp+ie—s —wp +i€—5

Haciendo uso de esta propiedad, (1.30) puede reescribirse como
G(p) = P1G(wp +i€) + P_G(—wp + ic) (1.31)
donde

zZ—S8

G(z) = /0 el

y se han omitido indices de espin, a fin de facilitar la notacidn.

Dado que A(s) es definida positiva puede demostrarse que no posee ceros ni polos fuera
del eje real (propiedad de Herglotz [13)).

Para particula libre se tiene que G%(p) = (p — mo + ic)~! de donde resulta A%(s) =
8(s —mp), Go(z) = :_mu

La representacién (1.31) permite una inversién directa, ya que G(2) es un escalar y todas
las matrices se encuentran en los proyectores

G™1(p) = PG (wp +i€) + PG~ (—wp + ic)
A partir de la ecuacién de D.yson 1.14 puede deducirse que G-1(z) = G5 !(2) — £(2)
donde
_ T(s)
2= [ asTEL

Teniendo en cuenta que T'(s) =| G~!(s) |* A(s), se sigue que £(z) tambien posee la
propiedad de Herglotz.
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El modelo (1.29) produce funciones de dos puntos con divergencias ultravioleta y loga-
ritmica, por lo tanto son necesarias dos condiciones de renormalizacion a fin de definir el
propagador G(z). Si se impone que posea un polo en la masa fisica M con residuo unidad,
se obtiene

g};l(z):Z2G'l(z)=(Z—M) [1~(Z_M)‘/°°°ds(—s—_/‘7;5)_(i%)z—_s) (1.32)

donde Tr(s) = Z2T(s).
Ademads se tiene que

_ [T . Ar(s)

con Ar(2) = A(s)/Z,.
En funcién de las cantidades renormalizadas puede escribirse
Zy=1- / ds (sTf(s) (1.33)

Usando f;° dsA(s) = 1 se obtiene ademds

l (=2
Z =/o dsAR(s)

1.3.2 Polos fantasmas en calculos autoconsistentes

Los propagadores de particula libre para el bosén pseudoescalar y para el campo del fermién
vienen dados por (1.6),(1.12) respectivamente; a los cuales debe agregarse el propagador del
campo vectorial libre DY,

Dg,,(z) = fmj%e"P'Do,,(p) (1.34)

0 (p) = PuPe/mMi=guw
D, (p) = 27— mI T ie (1.35)

En la formulacion de Schwinger-Dyson las correcciones al propagador de fermién al orden
mas bajo estan dadas por los diagramas de la Fig. (1.7). De ellos el diagrama directo de
pién se anula por paridad; el término directo vectorial es aparentemente divergente, sin
embargo usando regularizacidn dimensional se encuentra que por integracidn simétrica da
contribucién nula. Por lo tanto en esta aproximacion se obtiene

G p) = Gg'(p)+3igl, [ 55 7sA(9)G(p - 9)Ts(p, q)
+ig? [ 22vu D* (9)G(p — )T (p, 9)

Donde G, A y D son los propagadores exactos de los campos 9(z), 7(z) y wu(z); I's, Ty
son los vértices exactos. La aproximacion de Fock consiste en reemplazar los propagadores
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FIGURA 1.7 Correcciohes de menor orden para el ejemplo Il en el formalismo de Dyson-Schwinger. Las
Ilfneas y puntos gruesos corresponden s propagadores y vértices exactos respectivamente. Se ha distinguido
la contribucién directa (a) de la de intercambio (b).

de bosones exactos por sus formas de particula libre A%(p), D3, (p) y los vértices exactos
por los vértices desnudos s, v,.

A fin de obtener la expresidén para Tg se usa la descomposicién (1.31) con p reemplazado
por p-q. Usando propiedades de los proyectores y eligiendo un sistema de referencia donde
p = 0 de modo que w, = po,wr = w = \/(po — ¢o)? — q2, se llega a una expresion integral
cuya parte imaginaria es finita y de la cual puede despejarse

32 g’(s —po +
Tr(po) = - ig;‘:./ dSA(s)/dqo dg q(zs ,Zg)(sgol w?)

A partir de esta férmula puede estudiarse el comportamlento a altas energias

3 (g2 2 s
R\?2 s
Grl(2) — 3(%) Z’"(S) o .(1.37)

Por otra parte, teniendo en cuenta que Agr(s) =| Gz'(s) |~2 +6(s — M) se obtiene el
siguiente comportamiento

Azl — B_IZ'Z_I [0 In(s)/4x] (1.38)
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Por lo tanto las integrales en el lado derecho de (1.34) son convergentes. Sin em-
bargo,usando (1.33) y dado el comportamiento asintético de Tr(s) debe ser Z3 — ~o0

1.3.3 Resultados

Se han computado los polos de la funcién de Green de una particula [15] empleando los
valores fisicos de las masas de nucleones y mesones. En primera instancia puede tomarse
gv =0, gg, = 57.67, en cuyo caso se obtiene ademds del polo en la masa fisica z = M, un
‘par de polos adicionales para z = (0.73 £ {1.25)M con residuos —0.75 + i0.32. En cambio
para gp, = 0, g2 = 25.447 los polos complejos se hallan en z = (5.67+i11.76)M con residuos
—1.04 % ¢0.22. Finalmente cuando ambos acoplamientos estan activos, los polos ocurren en
2z = (1.0541.26)M y los residuos valen —0.77 F i0.20. De estos resultados puede verse que
los polos fantasmas se hallan cercanos a la masa de los nucleones, que establece la escala de
las aplicaciones del modelo.

Los polos fantasmas son la causa de la aparicién de una notable contribucién imaginaria
a la energia fundamental, provocando la inestabilidad del sistema frente a fluctuaciones de
la densidad con niimero de onda del orden de los valores de dichos polos.

Se han propuesto distintas interpretaciones sobre este fenémeno :

i) El método de aproximaciones es inadecuado y produce resultados sin contenido fisico.

ii) La descripcion en términos de grados de libertad hadrénicos pierde significado en la
escala de energias determinada por los polos fantasmas.

iii} La inestabilidad es real.

En este trabajo hemos adoptado el criterio (i) y en consecuencia abandonaremos cualquier
solucién que manifieste este efecto.

1.4 Modelo QHD-I

Manteniendo la continuidad en la discusién de modelos renormalizables con acoplamientos
lineales, revisaremos en esta seccién el modelo QHD-I propuesto por Walecka [16]). En este
modelo se emplea un acoplamiento entre fermiones y bosones escalares y vectoriales neutros.
La densidad lagrangiana correspondiente es :

L(z) = P d— M+ _;. (8#08,0 — m2a?) — %F“"F""
—%mzwuwu F 931/-"71/’ = 901/; W (1._39)

Se ha demostrado [4] que en el limite estatico, con bariones muy pesados, la interaccion
indicada se reduce a un potencial NN del tipo de Yukawa

2 ,—m,r 2 ,—m,r
gy €™ T gie~™e
Ynlr) = (1.40)

En dicha aproximacidn el potencial resulta repulsivo a cortas distancias si g, > g,.
Ademds a grandes distancias tendrd un comportamiento atractivo siempre que m, < m,.
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Existe una corriente conservada, la corriente baridnica j, = ¥y, 9.
Las ecuaciones de Euler-Lagrange correspondientes son :

(iﬁ—M)‘l/) = (gu ¢-g:”)¢ (1.41)
(O+mloe = g, 9¢ (1.42)
OuF* +miuw” = guj” (1.43)

El tensor de energia-impulso T#” se reduce, tras emplear (1.41) a:

TW = ifyh0"y + OF 000 + 8w FY
+ho (<0otno 4ot 4+ LR, —mivtn) e (L0

Para materia uniforme y estatica el tensor toma la forma [17]

T# = pb* + (e + p)utu”

donde u, : (1,0).
La densidad de energia ¢ y la presion P se obtienen tomando valores medios de las
componentes de T#¥.

€ = %Too (1.45)
1 ”
P = 5z’_:T' (1.46)

1.4.1 Aproximacién de Campo Medio

El esquema de solucion mas accesible para el problema de materia nuclear uniforme y esttica
consiste en reemplazar los campos de mesén por sus valores medios

o — <o>=70 (1.47)
Wy = <wy >= by (1.48)

Las expresiones dindmicas para &, pueden obtenerse a partir de (1.42),(1.43)

gs

7= ;,q;'g'<1l;1/)> = 3hs
L]

_ g

o= Zr<ily> =%
v

Como el nimero baridnico es una constante del movimiento, @ estd determinado por las
condiciones iniciales. En cambio la fuente del campo escalar es dindmica y debe evaluarse
una vez conocido el comportamiento del campo bariénico.
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Haciendo el reemplazo (1.47),(1.48) en la ecuacidn de movimiento para ¥ se obtiene :

[i = 9vy0@ — (M —g,3)]% =0 (1.49)

La ecuacion (1.49) puede asimilarse a la ecuacién de movimiento de un campo espinorial
con espectro

M* = M-g,0
po = gu@£\p2+ M*2=Ei(p)

El espectro presenta un hueco variable con la densidad de extensién 2M*, que separa los
estados de energia positiva y negativa.
Cuando estas soluciones son insertadas en (1.44) se obtiene

TW = ifyhe e — % (m2@? — m252) g (1.50)

Aplicando (1.45),(1.46) resulta

€ = <PEv7-V+M +g,70)¢ > +%mfc‘r2 - %mﬁ&z
1 -, 1 ,_ 1 5.
P = 3 <yivy-Vy > —§mf¢72 + §m3w2
Donde debe usarse
Y(z) = ﬁ&f(%sr};—, [ape"'Elte"p'xu (E3.p)
+ b:{e"E:' -ip-X,, (E:,p)] (1.51)
< a:[ap > = 6(pr—p) (1.52)
<blb> = 0 (1.53)

Los operadores a, y by, de particula y antiparticula respectivamente, satisfacen las reglas
de anticonmutacidn canénicas. Aqui § indica la degeneracién de spin y u es el potencial
quimico de los nucleones. _

La relacidn entre la densidad baridnica y el impulso de Fermi viene dada por (1.11).

La masa efectiva M* satisface la siguiente ecuacidn

'H
M=y -y, (1.54)

s

donde la densidad escalar baridnica p, =< 93 > viene dada por

ps = SM*[EE0(pr —p)/ /D2 + M7
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La ecuacidn (1.54) proporciona una relacién de autoconsistencia en términos de M* la
densidad y la temperatura. Es posible demostrar que esta misma relacion puede obtenerse
imponiendo la condicién de extremo para la energia respecto de M*.

Cuando T — 0, se obtiene

27m,

/ -2
[pr\/pp+M~2 M*?In (pp+ pF+M )] (1.55)
PF

2
M* = M—(i—) sM*

2 my s
1 yup5)2 l(m.>2 53 6 PF dpp*
= - (2LE) __(Z) (M-M")2+—— —2 _ (157
P 2(m 2\ g ( ) 327 Jo  \/p2+ M=2 (157)

En las dltimas expresiones se han omitido las contribuciones divergentes provenientes del
mar de Dirac.
En el limite de altas densidades

& — l 9vpPB +97r2 4/3_}_1 m, M
2 m, ) 2 9s

el término dominante proviene de la interaccidon vectorial y es repulsivo. El término
siguiente es similar al de un gas de fermiones libres sin masa. Por su parte el acoplamiento
escalar contribuye con un término constante.

Para bajas densidades

1 2 2
€ — Mpp +Apy®—Bpy’+ (%—g—')p’a

2 2 m?
A - _-'*_(ﬁfi)m
S5M \ V26

s
B = 3 (127%pp 4/3
TT\ 26

La contribucién mas importante proviene de la masa en reposo, le sigue la energia cinética
del fermidn y por ltimo la contribucidén no relativista de los mesones.

Se ha propuesto que esta solucién es tanto mas exacta cuanto mayor es la densidad
[4]. El argumento empleado es que al aumentar la densidad baridnica, mas intensa es la
fuente para los campos de mesén en (1.42),(1.43) y por lo tanto es mas adecuado reemplazar
operadores de campo por sus valores medios. Sin embargo, esto no seria cierto si las fluc-
tuaciones cuanticas cobran importancia en un régimen de altas densidades. Justamente esta
es la situacion en la fisica de hadrones, donde los grados de libertad internos se tornarian
relevantes a altas densidades y/o temperaturas.
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s gv my;(MeV) a,MeV K (MeV) M*/M
ACM | 9.57 11.67 550 22.1 540 0.556
AHR | 793 8.93 560 17.9 471 0.718
AHF | 9.11 10.39 550 36.5 585 0.529

TABLA 1.1 Pardmetros y resultados tipicos para el modelo QHD-I en distintas aproximaciones. Se incluyen la
energfa de superficie a,, la compresibilidad K y la masa efectiva M* evaluadas a T=0y a la densidad de saturacién.

Las constantes de acoplamiento pueden fijarse de modo que la densidad de saturacién
po Y la energia de ligadura ep predichas coincidan con los valores aceptados para materia
nuclear: eg = —15.75MeV, pr = 1.42fm™!. De esta manera se obtiene

Ci= gM/m, =+v267.1
Co= goM/my, =+/1959

El cociente M*/M como funcidén de la densidad se presenta en la Fig. (1.8). Por otro
lado el comportamiento de M* con la temperatura se indica en la Fig. (1.9) para densidad
bariénica cero.

La energia de ligadura por nucleén se grafica en Fig. (1.10) tanto para materia nuclear
como neutrénica. Es notable el pequefio valor de la masa efectiva del nucledn M* = 0.54M
a la densidad de saturacion y la elevada compresibilidad x = 540MeV. Esto indica que la
aproximacion empleada no es capaz de dar un tratamiento equilibrado a las dos componentes
de la interaccion, o bien que el modelo sobredimensiona la participacion de una de ellas
respecto de la restante. En cualquier caso se requiere un estudio especifico para determinar
la validez de alguna de estas suposiciones, lo cual se realizara en los préximos capitulos.

1.4.2 Aproximacién Relativista de Hartree

De la discusién precedente quedé en claro que la validez de la ACM se reduce al rango de las
densidades bariénicas medias. La solucidn hallada pierde validez en cuanto las fluctuaciones
comienzan a ser significativas.

La densidad lagrangiana de interaccidn

Lint = g90P — g Yy (1.58)

proporciona una expansién perturbativa en términos de los propagadores de particula li-
bre, a densidad finita y temperatura cero G 4(z, z'),A%(z, z'),D},(z,z") dados por (1.12),(1.13)
y (1.35), respectivamente. En este caso no se tiene en cuenta el efecto de la interaccidn en-
tre las particulas del sustrato. Se introduce un mecanismo de autoconsistencia, como en la
seccién 1.2, reemplazando el propagador de particula libre por el propagador con interaccidn
evaluado al presente orden de aproximacidn.

La autoenergia evaluada de esta manera es
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FIGURA 1.8 La masa efectiva del nucleén como funcién  FIGURA 1.9 La masa efectiva del nucledn como
de la densidad para el modelo QHD-I. Las curvas co-  funcién de la temperatura para el modelo QHD-

rresponden a materia nuclear y neutrénica a T=0enla . Las curvas corresponden a materia nuclear y
ACM. neutrénica a densidad bariénica cero en la ACM.

Ba = —ig?A%0)f iditr [Gu(p)] €™
—ig2y* DS, (0)f (55:tr [Ga(p)v*] e (1.59)

La autoenergia incorpora correcciones cudnticas al espectro de particula independiente
segin

M* = M-Xy,

po = Zhox Vpi+M*

Resulta interesante destacar que la contribucién del acoplamiento vectorial satisface tri-
vialmente la condicidn de autoconsistencia. En primer lugar debe notarse que el sector que
no depende de la densidad de dicha contribucion es sélo aparentemente divergente, pues se
anula por integracidn simétrica. En consecuencia el aporte del acoplamiento vectorial a la
autoenergia es

. 2 d o\ 7 BE
_1gv7pD2u(0)f(Tr%tr[GHD7y] — —(E‘) (27!’)2_/0 dkk2
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FIGURA 1.10 La energia de ligadura por nucleén en la ACM para el modelo QHD-1. Se incluyen los resultados
para materia nuclear y neutrénica a T=0.

donde sélo interviene la porcién del propagador de nucledn dependiente del impulso de
Fermi Gyp. En base a la distribucion de polos indicada puede construirse el propagador de
nucledn a densidad finita

Galr) = (4+M") | g + 2766 - MOGs-00)] (160

donde de aqui en mds se empleard g9 = pp — Zxo, 9 = P.

Las integralesen (1.59) son divergentes debido a la presencia del propagador de Feynman.
Al integrar, este término sélo incluye la contribucidn de cuasiparticulas de energia negativa.
Puede comprobarse que la exclusién de dicha correccién conduce a la ACM, en tanto que la
solucién que la considera explicitamente es denominada Aproximacién de Hartree Relativista
(AHR).

El tensor de energia-impulso canénico T#* puede descomponerse, previo empleo de las
ecuaciones de movimiento, de la siguiente manera

TH = T +TF 4+ T (1.61)
TE = igyhd'y (1.62)
P = “% (0x00* g — m2o?) g + 8000 (1.63)
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TE = -;- (6,\w,,6’\w" —mlwiw,) ¢* + 0*wr B w, - (1.64)

A fin de evaluar la ecuacidn de estado sélo es necesario conocer valores medios de (1.62)-
(1.64), que pueden expresarse en términos de las funciones de Green con interaccién

<TE' > = —i lim f—L(h)‘tr [v* G(p)] p*eiPe (1.65)
<> = -if g [je-mde - a0 e0)
<T> = i |50 —mz)g“”—pp]owp) (1.67)

Estas expresiones contienen divergencias. El criterio para eliminarlas habia sido en los
ejemplos anteriores, simplemente descartar la contribucién infinita de estados con energia
negativa.

Otro procedimiento para extraer el contenido fisico [4] consta de los siguientes pasos :

i) Incluir los contratérminos L. necesarios para obtener una formulacion finita al orden
de trabajo y a densidad y temperatura nulas. Estos contratérminos aportaran al tensor de
energia-impulso la cantidad

oL oc
T = —° Yy + O* < _ov
: 56,9)° ¥ "’a<ay¢)+a(aua) 4
oL, s -
(B Wr Lot

ii) El contenido fisico del tensor se obtendra restando al valor medio de T#¥ 4+ T#* su
valor esperado de vacio

T4, = <TW+TH>- lim <T+T¢ > (1.68)
pFr—0,T—0
Para obtener el limite correcto en (1.68) debe evaluarse primero el limite para T'— 0 y
luego el limite de densidad nula.

1.4.3 Regularizaciéon de la Autoenergia.

En (1.59) se ha construido la autoenergia propia en la aproximacion de Hartree. El propa-
gador de fermidn viene dado por (1.60). Cuando éste es insertado en (1.59) produce dos
términos; aquél que depende explicitamente de la densidad a través del nimero de ocupacién
es finito debido al corte en impulsos. E] término restante, que contiene el propagador de
Feynman baridnico, es divergente. Por lo tanto la contribucién infinita proviene de

ci'NIu
— M*2 4 i

i qve€ efneo
—41912:7uD0v(0)f (2,—)4 2 _ M*2 + e (169)

~ig?AS(0)4M" [ (85

El segundo término se anula por integracidn simétrica [18], [4] y en consecuencia no
requiere la introduccién de contratérminos. El aporte escalar, en cambio, necesita ser
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FIGURA 1.11 Representacién gréfica del efecto del FIGURA 1.12 Representacién gréifica del efecto del
contratérmino iayo al segundo orden para la au- contratérmino taj o en la AHR.
toenergia del nucleén.

tratado adecuadamente. Un método para hacerlo, respetando la autoconsistencia, es ite-
rar la ecuacidn de Dyson para Gg , obteniéndose

Grlp) = 3 (@)™ [Ba.]” (1.70)

m=0

donde, por simplicidad sélo consideramos la componente escalar. Llevando este resultado
a (1.59) resulta

2 (2]
Eg;;ita = i (g_,) /d"p Z (Zps)™ tr (G%)m+1
m=0

ms

+6X; + terminos finitos (1.71)

8L, proviene de los contratérminos; Is términos que contienen al menos un factor de
Gp(p) son finitos. Con el propdsito de aplicar regularizacion dimensional, se ha pasado a
un espacio de dimensién n.

Un conteo directo de potencias en la integral indicada, demuestra que sélo los términos
m=0,..,3 son divergentes.

Observando que la inclusién del contratérmino £, = ay0(z) aporta, en esta aproximacidn,
el diagrama (b) de la Fig. (1.11) si el factor a; se elige de modo que cancele exactamente la
parte divergente del término directo; es decir

a = iga/d"p tr [G3(p)]
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FIGURA 1.13 Representacidn grifica del efecto del contratérmino io2 (a3 + a3 + a402) al segundo orden.

Entonces el diagrama resultante, retiene en el lazo fermidnico sélo la parte Gp(p) del
propagador. Cuando se incluyen los efectos de L. en la expansién (1.70), se obtienen los
diagramas indicados en la Fig. (1.12), donde sélo se han indicado explicitamente los terminos
m=0,..,3.

Restan por redefinir las contribuciones mostradas en la Fig. (1.13) para obtener un
resultado totalmente finito.

Dicha definicién puede implementarse a partir de contratérminos polinémicos en el campo
escalar de orden cuatro. En resumen, la regularizacidn es llevada a cabo por
Lz) = iajo +ia0%/2! + ia30°/3! + iago? /4!

que aporta la siguiente cantidad a la é,utoenergia

3 finita
g THs
8, = - z : _!—"'2'“""“ (_ H ) (1.72)

m=0 s 9s
Las constantes a,, han sido evaluadas, por ejemplo en [19]. Por otro lado la integral en
(1.69) es
. 2 " e"ﬂPo _ 2 n
4o /m ) M [ oS = (/2em) [P (1-3)
(M3 +3M%Z, +3M %2 + 13)]

Reuniendo todos los resultados parciales y tomando el limite n — 4 resulta

5

-3M (M* — M)?

THYe = (ga/7m,)? [M*3 In(M*/M)— M?(M* — M)
=57 = M| 4 ) e B (47— 1°7) 00— o)

donde se ha usado M* = L™ 4 M.
De esta forma se ha obtenido una autoenergia regularizada,que puede insertarse en (1.60)
para obtener el propagador de barién en la AHR.
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1.4.4 Tensor de Energia-Impulso Renormalizado

El aporte de los contratérminos al tensor de energia-impulso es THY = —g#¥ L.
Existe una porcién independiente de la densidad que es eliminada por la sustraccién
del correspondiente valor esperado de vacio. De esta forma sélo permanecen los siguientes

términos

1
<TH > = '2‘9“” (msth/gl)z
1
<T > = —59" (muZno/ss)’

La componente bariénica (1.65) contiene una parte divergente dada por :

4q“py eiqpo

-t n]-l~r<?+ [& (2”)‘ — M*2 4 e

Empleando regularizacion dimensional dicha integral puede escribirse como el limite para
n — 4 de la siguiente f6rmula

. g“p’
—4 d"p ——— = BV /2 prenp (— 4
z/ P M 2g*Y 7™ M*"T (-n/2) /(27)

De esta manera resulta
gl g
T = 5 [M‘ln(M /m)+ M*3 (M - M*) — —Mz(M M*)?
*\3 25 «\4
+—M(M—M) ——(M—M)

+6f (2,,).6(9 — M*2) ¢#p*6pu — qo

Reuniendo los distintos elementos calculados, puede evaluarse la densidad de energia
E=<TP >

jia

1 g | . .
& = §(ms/ya)2(M—M )z—i(yupa/mu)2+6f (%,,’)’—.6 (g2 — M*?) ¢°p%8(u — g0)

—s_frf [M“ In(M*/m) + M*3 (M — M*) — %M"’ (M — M*)?

13 s 25
+5 M (M= M)~ S (M - M)]

y la presién :

1 1 6 dpp*
P = —= 2 — *\2 o 2 144 _
5 (ma/00)* (M = MY+ 5 (gups /ma)" + 305 [ —2tlor =)
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FIGURA 1.14 Comparacién de la energfa de ligadura por nucleén a T=0 en distintas aproximaciones.

+8% [M“ln(M‘/m) + M*3 (M - M*) - %M’ (M — M*)?
+?M (M- M*)® — f—g (M - M*)*

Para concluir esta seccidn consideraremos el efecto de las correcciones cuinticas en el
esquema general de solucidn. Para ello se compararan los resultados obtenidos empleando
constantes g,, g, determinadas por dos procedimientos diferentes. En primer lugar, pueden
fijarse dichas constantes en la ACM y luego introducir las correcciones cudnticas. Esto
ocasionara un desplazamiento en los valores de la densidad de saturacién y la correspondiente
energia de ligadura. La Fig. (1.14) muestra la energia por nucledn obtenida como funcion
de la densidad. Resultados numéricos se especifican en la Tabla 1.1 bajo la denominacién
ACM. = '

Alternativamente, puede llevarse a cabo el cdlculo autoconsistente completo, incluidas
las correcciones cuanticas y recién fijar las constantes por la normalizacidn de las condiciones
de saturacién. Como consecuencia los valores de los acoplamientos diferiran de los corre-
spondientes a la ACM. La masa efectiva M* evaluada con las nuevas constantes se muestra
en la Fig. (1.15) como funcién de la densidad y a T=0, a modo de ilustracién a la densidad
normal se obtiene un valor mas grande en un 30 %.

En la Tabla 1.1 puede verse que los valores de las constantes obtenidos por el método
enunciado difieren aproximadamente en un 25 % en una y otra aproximacién. Por otro
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FIGURA 1.15 La masa efectiva del nucledn como funcién de la densidad para el modelo
QHD-I. Las curvas corresponden a la ACM y la AHR a temperatura cero.

lado el impulso de Fermi esta corrido en 0.25 fm~! y la energia de ligadura en 10 MeV,
aproximadamente. Sin embargo, para altas densidades (energias) las descripciones logradas

por ambos métodos son coincidentes.

1.4.5 Aproximacién de Dirac-Hartree-Fock

El esquema de Aproximacion de Hartree-Fock (AHF) introduce en el tratamiento al dia-
grama llamado de intercambio (Fig. 1.1b) conjuntamente con el diagrama directo conside-
rado en la AHR. Es decir se incluirdn simultdneamente y de manera autoconsistente los dos

diagramas de la Fig.(1.7).
Es posible sumar a todo orden esta clase de diagramas empleando la ecuacién de Dyson

(1.16), donde se impondr4 la autoconsistencia construyendo la autoenergia propia en términos

del propagador bariénico exacto Gyr(p).
El diagrama de intercambio produce una contribucién L..(p) a la autoenergia

Dee(k) = ig?[ 55 A(k — p)Gur (p)
+ig? [ (322 DY, (k — p)Y*Gur(p)r” (1.73)

que se suma al aporte directo Ep. La expresion para £p coincide con la dada en (1.59),
con la salvedad que alli Gy debe reemplazarse por Ggp. En consecuencia puede escribirse
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Y= Z.+%Xp =%, + 7020 -7 pEu (1.74)

Esta ecuacidon define los escalares de Lorentz £; y L,.
A partir de aqui el propagador del fermidn viene dado por

1
p2[1 - 5.)° — [M = Z,(p))* + ie

+27i6 (p2 1- E.,(p)]2 -[M+ 2:(17)]2) ©(pr—p|1-2Xu(p) |)]

Gur(p) = [#(I—Eu)+M+Es(P)][

Debe destacarse que M*(p) es solucién de una ecuacion no lineal del mismo tipo que
(1.17)

La expresidén para la autoenergia posee, ademas de las divergencias ya encontradas en el
término directo, las aportadas por el término de intercambio.

Un tratamiento coherente consiste en la introduccidn de contratérminos y la aplicacion
del método delineado en las secciones previas. Sin embargo una solucidn rapida puede
obtenerse por la omisién del aporte de los estados ocupados de energia negativa. Este
esquema de solucién es conocido como Aproximacion de Dirac-Hartree-Fock (ADHF). En
lo que resta de esta seccidn aplicaremos el método mas sencillo de la ADHF. Una vez que
se han obtenido expresiones bien definidas para los propagadores, el tensor (1.61)-(1.64)
puede ser evaluado y usando la prescripcién (1.68) calcular la energia y la presién mediante
(1.45),(1.46) :

1 1 .
€ = 5(0sps/m)" = 5 (9up8/m0) + 6 [ 5 55P0(P)O(PF — P)

+g) a2t [ 2 S0 [ 2agp - )[4 - (b0 ko A3 )

x [(p= S))* (k — (k) + M*(0)M" (k)]
62Dy, (0 = k) 1+ (po = ko)? g Dy, (p — F)]

x [(0= (), (k- £(k)), + M ()M"(¥)| }

En las Figs. (1.14) y (1.15) se presentan la energia de ligadura y la ecuacién de estado en
la presente aproximacion, usando los mismos pariametros que en la ACM. Puede verse que
la inclusién del término de intercambio es comparable a la correccion por las fluctuaciones
cuédnticas de la ACM.

Por otra parte, los acoplamientos pueden fijarse para reproducir las condiciones de sat-
uracién de la materia nuclear. Los valores obtenidos se muestran en la Tabla 1.1.

Para finalizar mencionaremos que se ha realizado una amplia discusion de la ADHF [20]
y se han consignado las siguientes conclusiones :

i) Cuando se usan los acoplamientos ajustados a las condiciones de saturacién la cor-
reccién de intercambio es sélo una pequefia fraccién de la energia total. Por lo tanto la
energia de ligadura en la AHF coincide practicamente con el resultado obtenido en la ACM.
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1} La autoenergia varia muy lentamente con el impulso, en particular la contribucidn del
acoplamiento vectorial resulta despreciable.

iif) Cuando se aplica ]a ADHF a la materia neutrdnica, la correccion de intercambio
elimina el minimo local presente en el resultado correspondiente a la ACM.

1v) Como se indica en la Fig. (1.15) la masa efectiva decrece muy rapidamente con la
densidad, confirmando la tendencia presentada en la ACM.

1.5 Conclusiones

En este Capitulo hemos presentado los modelos mas sencillos de la teoria de campos capaces
de proporcionar una descripcion conveniente de las propiedades bdasicas de la materia nuclear.
En el ejemplo 1 esto se realizé mediante un winico campo intermediario de la interaccidn entre
nucleones; en los ejemplos I1 y 11I un grado de libertad adicional establece el equilibrio entre
los efectos atractivos y repulsivos a fin de producir un estado fundamental consistente con
los datos empiricos.

En primer término se deduce que un solo acoplamiento independiente no es suficiente para
ajustar las condiciones de saturacién de la materia nuclear. Este hecho obliga a introduccir
un grado de libertad adicional, tal como el bosén vectorial del modelo QHD-I. Por lo tanto
éste contiene la complejidad dindmica minima necesaria para reproducir las propiedades
medias de la materia nuclear. No obstante, la resolucidon matematica es lo suficientemente
engorrosa como para hacer necesarios distintos esquemas de aproximacién. La ACM surge
como el esquema de solucion mas sencillo y sus resultados parecen confiables a densidades
medias.

Por otra parte otros esquemas mas complicados como la AHR y ADHF no parecen
introducir mejoras sustanciales al comportamiento global.

Debe destacarse la extraordinaria complicacion que requiere la renormalizacion del mo-
delo en cédlculos autoconsistentes, tal es asi que se torna inhibitoria en la AHF.

Se han objetado algunas particularidades de los resultados de la ACM. Su aplicacicn a
materia nuclear produce una ecuacién de estado excesivamente dura a densidades medias
y altas en tanto que la masa efectiva decrece con demasiada rapidez como funcién de la
densidad. Por otro lado, resulta insuficiente para describir los nicleos finitos.

Este Capitulo ha puesto en evidencialas peculiaridades del uso de la Teorfa de Campos en
fisica nuclear. Por ejemplo, resulta evidente que los métodos de aproximacion de uso comin
no son aceptables y se requiere de tratamientos especificos autoconsistentes. Ademas los
grados de libertad relevantes no son evidentes, y menos atin la forma de acoplarlos.

Estos aspectos seran discutidos en los préximos capitulos.
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La Dinamica Térmica de

Campos (DTC)

2.1 Introduccién

La Teoria Estadistica de Campos [21},[22] ha sido formulada bdsicamente segin dos ver-
siones. La mas antigua se basa en el establecimiento de analoglas entre el operador de
evolucién temporal y la funcién de particién, para lo cual debe identificarse la coordenada
temporal con la temperatura inversa en unidades imaginarias /i — i/kT. Es decir, se
trabaja en el espacio euclideo. Esta formulacién es llamada de tiempo imaginario o de Mat-
subara, quien desarrollé la expansién perturbativa diagramdtica para la gran funcidn de
particién [22]. En términos del espacio de Fourier la teoria de Matsubara comprende una
expansion en frecuencias discretas tanto para las variables internas como para las externas.
Por lo tanto es necesario extender los resultados directos desde un conjunto discreto de
puntos sobre el plano complejo hacia el eje real. La formulacion de tiempo imaginario, que
es la mas frecuentemente empleada, elimina el grado de libertad temporal en favor de la
introduccidn de la temperatura. Esto es un inconveniente para su aplicacion a fenémenos
fuera del equilibrio estadistico. La dependencia temporal de las funciones de Green puede ser
recuperada por continuacidn analitica, respetando las condiciones de contorno adecuadas.
Sin embargo el procedimiento resulta excesivamente complicado para funciones de Green de
muchas variables.

Alternativamente, la formulacidn llamada de tiempo real, emplea un camino de inte-
gracion sobre el plano temporal complejo [23],[24] que semeja una “C”. De esta manera
surge naturalmente el uso de funciones de Green ordenadas segiin el recorrido del camino,
conduciendo a la duplicacidn efectiva de los grados de libertad. Este iiltimo hecho implica el
uso de matrices de 2x2 para las funciones de Green, amplitudes de transicidn, etc. Por otro
lado en la formulacion de tiempo real es frecuente emplear funciones de Green retardadas y
avanzadas. Las técnicas de expansién diagramdtica resultan impracticables en este caso.

En las etapas intermedias de cdlculos perturbativos pueden surgir ciertas singularidades,
que deben ser tratadas con cierto cuidado para demostrar su cancelacion [25).

Mas recientemente se ha enunciado una teoria de tiempo real, la Dindmica Térmica
de Campos (DTC) [26),[27] que emplea operadores térmicos, en contraste con los casos
anteriores donde los operadores habituales eran promediados estadisticamente.
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Realizando una duplicacién de los grados de libertad e introduciendo operadores y un
estado fundamental térmicos, la totalidad de los desarrollos de la Teoria de Campos pueden
ser reproducidos en la DTC.

Con posterioridad se demostré que es posible dar una formulacién de la DTC matemdticamente
estricta en términos de la llamada formulacién de Haag-Hugenholtz-Winnink de la Meca.mca.
Estadistica [28] y del dlgebra C* [29].

No obstante la aparente diversidad, existe una notable conexidn entre las distintas for—
mulaciones indicadas [30]. Esto debe ser asi ya que en iltima instancia todas parten del
postulado esencial de la Mecdnica Estadistica : Si A es un operador que actua sobre el
espacio de Hilbert H, entonces el observable asociado A4, a la temperatura T viene dado por
el valor esperado estadistico

A= <A> =zt ar[ePHE-MQY (2.1)

donde H es el hamiltoniano del sistema, 8= 1/kT, Q es la carga conservada de cierta
simetria del hamiltoniano y A el multiplicador de Lagrange correspondiente. Ademas la
funcién de particién Z viene dada por

Z = tr(e"a(H"\Q)) (2.2)

en ambos casos la traza debe tomarse sobre una base de H.
A partir de Z pueden obtenerse los restantes potenciales termodinamicos

i}
S = 6—T(Tan)

Q = —-PV= T (an)
E = Q+ TS+/1N

Un elemento fundamental en el estudio de las propiedades dindmicas y estadisticas es la
funcién de Green térmica. Por ejemplo para un campo escalar neutro ¢(z) la funcion de
Green A(z,z') viene dada por iA(z,z') =< T;¢(z)é(z') >, donde los corchetes angulares
indican el valor esperado estadistico (2.1), el campo ¢(z) se halla en la representacién de
Heisenberg y el operador T, indica el ordenamiento sobre cierto camino en el plano temporal
complejo, que en el caso mas sencillose reduce al ordenamiento cronolégico habitual en teoria
de campos.

Debido a que en los préximos capitulos nos dedicaremos al estudio de efectos estadisticos
en la materia hadrénica, hemos seleccionado la DTC como una formulacién dictil para la
inclusién de tales efectos. Ya que el uso de la DTC ha cobrado interés sélo en afios recientes,
dedicaremos este capitulo a la introduccidn de los conceptos basicos de la DTC. En las
préximas dos secciones presentaremos los fundamentos de la formulacidn mas general que
incluye fendmenos dentro y fuera del equilibrio estadistico.

Las aplicaciones del presente trabajo se realizaran exclusivamente a la materia hadrénica
en régimen estacionario de equilibrio, por ello la seccidn 2.4 estd dedicada a la exposicién
de la DTC del equilibrio. Alli se describen las técnicas perturbativas, procedimientos de
renormalizacidn, etc. Se incluyen a modo de ejemplo algunos casos sencillos del uso de la
DTC.
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2.2 Fundamentos de la DTC

La DTC es una formulacién a tiempo real de la Teoria Estadistica de Campos. Desde su
enunciado original [26},[27] ha evolucionado hasta incluir aplicaciones a fendmenos dentro y
fuera del equilibrio; ruptura de simetria, campos de gauge, técnicas de integral funcional,etc.
(31)-[37].

Las dificultades halladas en otras formulaciones podrian evitarse si se realiza una inter-
pretacién de la Mecdnica Estadistica en términos del lenguaje operatorial de la teoria de cam-
pos. En particular el valor esperado de vacio (2.1) deberia ser reemplazado por cierto valor es-
perado evaluado con un vacio convenientemente definido. Es decir, < A >—< 0| A |0 >,
donde | 0 > representa un “estado de vacio” que dependeri de la densidad y la temperatura.
Indicaremos la dependencia térmica del vacio mediante un parametro 8: | 0 >=| 0(6) >.

De aqui en mds supondremos que el vacio estd normalizado < 0(8) [0(6) >= 1.

Con este propésito se distinguen dos representaciones independientes para cada obser-
vable A de la teoria. A la representacién habitual A, asociamos el producto por derecha
del operador densidad: Ap. En cambio el producto por izquierda p A, serd expresado en
términos de la representacién dual A

pA = Ap

De esta forma el nimero de grados de libertad es duplicado, asociando a cada operador
su conjugado tilde.

Si M indica un conjunto completo de operadores, que subtiende una base {| m >}
del espacio de Hilbert, entonces indicaremos por M el conjunto completo de operadores
conjugados y por {| /2 >} la correspondiente base del espacio dual H. Los vectores
| mfi >=| m > ® | fi >, constituyen una base del espacio producto.

La traza de cualquier operador A de la teoria, podria expresarse en esta base segin

trA= Y, <m|A|m> =Y <mi|A|mm >

i
donde usamos
<mm|A|mm' > = <my | Al m2 > Shme (2.3)
Definiendo los vectores
[0(8) > = p*Y |mm> (2.4)
<00)] = > <mm|p-e (2.5)
m

para « arbitrario, entonces

<0(8) | Al0(6) >

Z <mm | p "% Ap* | m'm >
m,m/

= <A>

donde se usé (2.3). Debe notarse que :
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i) Sélo en el caso a = 1/2 es < 0(f) |= (| 0(8) >)t.
t1) La eleccién del conjunto completo de operadores M, depende de la fase fisica en que

se halle el sistema en estudio.
A fin de precisar la estructura de DTC deben definirse las propiedades de la transfor-
macién tilde. Si A, B son operadores de la teoria y A, B sus conjugados tilde entonces

(AB)" = A
(cyA+c2B)” = ¢}

() = (4
(fi) T = oA
1 0(8) > = 0(6) >
<0(8) | =< 0(6) |
donde ¢, ¢2 son nlimeros complejosy o=+1 (-1) para operadores bosénicos (fermidnicos).

Siendo independientes, los operadores fisicos y tilde conmutan entre si.
En la representacién de Heisenberg, el operador A satisface:

%%:[Am

Ambas expresiones pueden unificarse usando los operadores H = H - H L A=A- A

0A
1_

— = |44
cualquiera sea e] caracter de A.

Por lo tanto A puede identificarse como el generador de traslaciones temporales en DTC.

Esta estructura de la DTC permite esclarecer una cuestién conceptual de la teoria es-
tadistica, referida a la reducibilidad de los efectos estadisticos a una descripcién puramente
dinamica. Como veremos, esto es posible en DTC, donde los grados de libertad tilde resultan
equivalentes a la hipétesis estocdstica de la Mecdnica Estadistica.

En la teoria estadistica cldsica la evolucidn de un sistema fisico S en equilibrio, se simula
mediante la introducciéon de un reservorio térmico 7. De esta forma el conjunto SU T
en contacto térmico constituye un sistema cerrado. Ademads, los estados fisicos observables
en S, evolucionan cuasiestiticamente hacia el estado de equilibrio impuesto por 7. En
esta situacién los promedios estadisticos observables seran independientes del tiempo, no
obstante las funciones de Green presentaran efectos disipativos debido a las contribuciones
de los estados excitados. '

Por otro lado, usando las propiedades de la conjugacidn tilde y que el hamiltoniano total
enla DTC es H — H, puede interpretarse que los autoestados de H corresponden a cuantos
de energia negativa no acotada inferiormente, no observables. En consecuencia, existira todo
un conjunto continuo de autoestados de H, consistentes con la conservacién de autovalores
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de A. Dado que la creacién de un cuanto tilde es equivalente a la aniquilacién de una
particula excitada térmicamente, este proceso modificard la situacién térmica del sistema.

Asi cada vector del subespacio de Hilbert de autoestados degenerados de H, vendrd
caracterizado por el parametro térmico 4.

Puede verse que los efectos disipativos de origen térmico son representados por dichos
cuantos inmanifiestos, estableciendo cierto paralelismo con el modelo del reservorio térmico.
En este sentido puede decirse que la DTC reemplaza efectos estadisticos por la dinamica de
los grados de libertad tilde.

2.3 Estructura de la DTC

a) El estado fundamental. )
Indicamos por Ej los autovalores reales del operador H. En particular para el estado
fundamental

H|0(6)> = EJ|0(8) >
tomando conjugacicn tilde y usando que (H) = —H resulta
—-H|0(©) > = E0(9) >

De estas dos dltimas ecuaciones resulta EJ = 0. En consecuencia el conjunto de vacios
{1 0(8) >} forman un conjunto denso de autoestados degenerados.
Indicando por G el operador de rotacién en el subespacio

[0(8+df)> = €CUD|0(h) > (2.6)

Como G conecta estados degenerados del subespacio de autoestados de H, puede es-
cribirse

[A.6] = o

sin embargo dado que G | 0(8) ># 0. puede decirse que G es el generador de una simetria
realizada a la Nambu -Goldstone.

Es un resultado conocido [38] que en presencia de ruptura espontinea de simetria el
estado G | 0(8) >, no es normalizable, es decir no est4 definido en el espacio de Hilbert. Sin
embargo es suficiente que el efecto de la aplicacién de conmutadores de G esté bien definido
para que la teoria sea coherente.

De la invariancia del vacio por conjugacidn tilde se obtiene :

~

G = -G . (2.7
Usando el generador G, el vacio térmico puede expresarse en términos del vacio de la
Teoria de Campos como | 0(f) >= €' |0 >.
b) Espacio de Fock

En Teoria de Campos es habitual, a fin de realizar calculos perturbativos, descomponer
el hamiltoniano H en un término de particulas libres Hp y otro de interaccidn.
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Si ¢o(z) es una solucién de campo libre, admitird una descomposicion en autoestados
de impulso con operadores de aniquilacién y creacidn a(p), aT(p), respectivamente. Tales
operadores verifican las reglas candnicas de conmutacion |ap,a,| = 6pk ete.

Ademas es posible realizar una descomposicién de Haag para Hg de la forma

Hy = / Bk wala

Si ¢(z) indica el operador de campo exacto, la hipétesis adiabatica [39] establece cierta
convergencia débil de ¢(z) a ¢o(z). Esto se expresa mediante la igualdad de elementos ma-
triciales entre dos estados cualesquiera del espacio de Fock F subtendido por los operadores
ayal.

Los operadores a(p) en general no aniquilardn al vacio térmico | 0(6) >. Pueden obte-
nerse los operadores de aniquilacion de vacio aplicando la transformacién (generador G y
pardmetro §).

[0(0)> = ¢ |0> (2.8)
ar(d) = eCape=i¢ (2.9)
aI(&) = e‘éale"'é (2.10)
ar(0) = eCazei¢ (2.11)
| al(e) = e%ale-i¢ (2.12)
con las propiedades
ar(8)| 0(8) > = @ (6)]0(8)> =0 (2.13)
<0(0) [a}(0) = <08 laf(e) =0
w@.d@], = fe-k
BO.Elo], = fe-k

A lo largo de este capitulo en los dobles signos %, F la componente superior corresponde a
fermiones y la inferior a bosones. Debe notarse que a(6), af (8) no son conjugados hermiticos
excepto para el caso & = 1/2.

El hamiltoniano Ho(6) puede escribirse :

Ho(8) = J/ &k wi(6) [af(9)a(6) - 3] (0)ar ()]

Es posible determinar la estructura del generador G usando la condicién (2.7) junto con
el teorema de expansién de operadores [40]. Dicho teorema establece que cualquier operador
expresable como la integral espacial de una densidad local e independiente del tiempo tiene
una expansion en segunda cuantificacidn a lo sumo bilineal en operadores de creacién y
aniquilacion. La forma explicita se presenta en el Apéndice A.
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2.4 La DTC del Equilibrio

En lo que resta del capitulo trataremos la DTC del equilibrio estadistico, en cuyo caso es
conveniente elegir a=1/2 en (2.4). Este es el Gnico caso en que los vacios térmicos verifican

< 0(8) |= (] 0(9) >)t. La transformacion (2.4) se reduce a:

[0(8) > = Z71) e PE=/2 | mm > (2.14)

donde E,, son autovalores de H — uN.

Con el propésito de verificar la accién combinada de los operadores fisicos y sus duales
podemos deducir la transformacién (2.8) para el caso del equilibrio, desde principios basicos.
Para ello tomaremos el ejemplo mds simple posible : particula libre con un solo nivel cudntico
de energia.

El hamiltoniano del sistema es H = wa'fa, y su dual H = wild.

Ademas se supondra [a,a], = [a,&t]i =0yal0>=a]|0>=0.
Si las particulas son fermiones la base del espacio de Fock se reduce a | 0(8) >, af | 0(8) >
,at | 0(6) >, —iatat | 0(8) >. En dicho caso la funcién de particién es Z(f) = 1 +e~Pv.
"En cambio para bosones el espacio de Fock es subtendido por | 0(8) >,at | 0(8) >
oees (“71%‘- | 0(6) > y la funcién de particién correspondiente es Z(8) = (1 — e~P«)-1.
Usando una expresién aniloga a (2.8) con

N { (/] (&a + af&T) , fermiones
G

- —10 (&a - aT&f) , bosones

se obtiene la siguiente expresién para el vacio (2.14)

l—ie""/’&fat 0 f :
|0(8) > = Vite-po [0>, nermlones @.15)
V1—eBwy °-’"!"/2 (&Taf) |0 >, bosones

n

si se impone que las cantidades < 0(6) | afalo(d) >y < 0(8) | ata | 0(8) > coincidan
con el nimero de ocupacién de fermiones o bosones segtin el caso.
Los operadores de creacién y aniquilacion térmicos alf(ﬁ),a(ﬁ) estan relacionados con

a,a, atal mediante una transformacién canénica del tipo (2.9)-(2.12)
a(f) = e Cae’® =u(flaxt v(ﬁ)&Jf (2.16)
i) = e%aeC =u(B)i—v(B)al (2.17)

que en ultima instancia pueden escribirse como la transformacién de Bogoliubov del
extremo derecho de las férmulas si se definen :
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w(h) = (e« +1)""/? fermiones
(1—e=p«)~"? " bosones

o(B) ie=Pw/2 (e=Pw 1)-1/2, fermiones
e~Pwl? (1 - e“"")“l/2 , bosones

De otra forma puede escribirse :

coshf, bosones

1 senfl, fermiones
Wp) = { senhf, bosones (2.18)

wp) = {cosG, fermiones

Las expresiones 2.16,2.17 pueden invertirse para obtener

u(B)a(0)  v(B)a! (6) (2.19)
i = u(B)a(6)+v(p)al(9) (2.20)
Empleando (2.15)-(2.17) se demuestra que a(8) | 0(6) >= &(8) | 0(8) >= 0.

Tambien es importante destacar que los estados térmicos | 0(8) >, ot (8)] 0(9) >,&f| 0(9) >,&Ta1(0)| 0(8) >,
no son autoestados de H sino de H

a

H00)> = 0
Adt(6) 0(6) > wal(8)] 0(6) >
aatg) o) > = -wal(9)0(6) >
agat@e)at@)o00)> = o

El operador H es invariante para la transformacién térmica : H(8) = H(6 = 0).

De 2.20,2.19 puede extraerse la conclusidn de que el estado de una cuasiparticula térmica
es creado agregando una particula fisica o equivalentemente eliminando una particula dual.
En consecuencia, el estado de una particula dual puede asimilarse a un agujero de particula
y viceversa.

2.4.1 Campos Libres

La extension al caso de infinitos grados de libertad puede obtenerse como paso al limite
de los resultados logrados en el apartado precedente. Sin embargo debe tenerse cuidado
pues en el limite de volumen infinito surge el problema de la inequivalencia unitaria de las
representaciones. En lo que sigue las deducciones se realizardn para un volumen finito V.
Consideremos el lagrangiano de particula libre Lo y su dual £y. Por ejemplo, en el caso
de campos de fermiones el lagrangiano dual se obtendra reeemplazando ¢ y ¢T por 15‘ y

41 en £y y luego tomando su conjugado complejo Lo(4, ¥1) = Lg(d*, ¥+1).
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En lo que sigue, se hard un desarrollo explicito para un campo de bosén ¢(z), y acotare-
mos los correspondientes resultados para fermiones. Si se realiza una expansién en autoes-
tados del impulso

#(z) = %Z (e'””ak+e”"ai)
k

y usando que cada una de las componentes en impulso se transforma de manera indepen-
diente de las restantes, pueden evaluarse las reglas de conmutacidn a tiempos iguales para

é(z) y ¢(z)

b0 0t 0)], = £E-2)
b0, 8t 0], = -2
B 0,60 0] = [60x,0,80¢,1)] = [s6x0), 81, 0)] =

La transformada de Legendre

~ 6[2 . a[‘io =
Ho(z) = L - ¢(z) — ——4¢(=
o(z) o(z) 29(2) Bt) )
puede usarse para obtener el hamiltoniano
[ d Ho(z) = z (aIa,c - &I&k) €k (2.21)
k

Como ya se indicé la transformacién térmica puede aplicarse independientemente para
cada autoestado del impulso, es decir el generador de la transformacidn serd la suma de los
generadores por componente

G = zék (2.22)

E
G = -ite (aas - afaf) (2.23)
Cada componente de (2.21) es invariante por la transformacién térmica, por lo tanto
todo Hy es invariante y el generador G deberia ser una carga conservada [41].

De aqui resulta

ar(8) = eCape
ak(g) = e"iG— ax &G

El vacio térmico se obtiene consecuentemente

. coslr + senfraza,) | 0>
10()>= e¢|0> = I k;‘)T
[1x sechbr exp (tanh Okakak) |0 >
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donde se usé (2.23) junto con a, | 0 >= &, | 0 >= 0. Los coeficientes térmicos
senf,, senhf, son definidos por analogia con (2.18)

sen?0, = np(ex) senh?8; = np(ex) ' (2.24)

cos?0; = 1 — sen?6; cosh?0, = 1 + senh?0; (2.25)

donde np(E), ng(E) son los nimeros de ocupacién para el nivel de energia E, para fermiones
y bosones respectivamente.

Es sencillo demostrar que a,(8) | 0(8) >= d,(8) | 0(¢) >= 0.

En las secciones siguientes resultara de interés el efecto del operador eX/2 sobre un estado
térmico cualquiera, con K definido mediante

_F = Yok [aIaklog(senzﬂk + akallog(coszek)]
Yok [alaklog(senhz&, - akazlog(coshzek)]

Las siguientes propiedades pueden obtenerse por cilculo directo

i) e_f(/galef(/g _ { tan 0;,aI,f fermiones
tanh Ora;, bosones
i) [R,G‘] = 0
K|o@)> = 0
Si consideramos el operador
F = Z C(pl,..,p,,,,ql,....,q,,)a):l ..... a}:maql ....... ag,

pgmn -

con C un numero complejo, entonces se cumple la relacién

CKI2FI0(0) > = (—1)Nr+ONF/2eKI2 Y| (6) > (2.26)
<0(8) [FekI? = (—1)Nr=DNr/2¢ ((g) |FteK/2 (2.27)
donde

Ne=d mM—1 fermiones
F= 0, bosones

Aqui se ha supuesto la conservacién del nimero baridnico, de modo que la diferenciam — n
entre el nimero de particulas creadas y destruidas es constante en cada uno de los términos
de F.

La demostracién se presenta en el Apéndice B.

2.4.2 Campos en Interaccién

La solucién del problema de campos en interaccion en la DTC sigue los lineamientos generales
de la Teoria de Campos. Usando la hipétesis adiabatica [39], puede decirse que los campos
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interactuantes convergen, en el sentido de cierto limite débil, a campos asintéticos que no
incluyen el efecto de la interaccion. Los campos asintSticos incidentes y emergentes estan
relacionados por la aplicacién del operador S

¢'em(:) = S—1¢x’nc(:€)‘s
bem(z) = S_l‘ibiM(’:)S
En DTC el operador total es $ = §S.

Como la energia se conserva debe ser [$, H] = [S,H] =0
Como veremos en la seccién siguiente, de la condicidn de estado térmico puede deducirse

que S| 0(8) > = eA/251| 0(6) >. _
Multiplicando a izquierda por S se obtiene

3eP81251 0(6) >
= PR35 0(6) > =1 0(8) >

51 0(9) >

Tomando conjugado hermitico en esta ultima expresion se llega a
<0(8) |=<0() |S 15t = <0(9)|5=<0(8)|5? (2.28)
El operador de evolucion temporal entre t y ¢’ en la DTC tiene la estructura Ut,t) =
U(t,t') = U(t,t'). Donde U(t,t'),U(t,t') satisfacen las ecuaciones
4
dt

ii—(t}(t,—oo) = —-int(t)ﬁ(t:"w)

Hin(1)U(t, —00)

(t, —o0)

Resulta itil, para aplicaciones posteriores, introducir los dobletes térmicos para campos.
Cada campo y su dual serdn reunidos en un doblete cuyas componentes se distinguirdn
por un supraindice @ = 1,2. Si ¢(z), ¥(x) indican campos de caricter escalar y espinorial
respectivamente y ¢(z), ¥(z) sus duales correspondientes, se definen

(%) - (4)
(%) - (&)

2.4.3 La Condicién de Estado Térmico

En este apartado consideraremos la relacion (2.26) con el fin de derivar una relacién fun-
damental de la DTC. Dicha relacidn da lugar a un resultado andlogo a la condicién de
Kubo-Martin-Schwinger de la Mecdnica Estadistica. Esta relacién operacional, conocida
como la condicién de estado térmico, serd empleada para deducir uno de los rasgos distin-
tivos de la DTC respecto de otras formulaciones de tiempo real : en la DTC siempre es
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posible expresar las funciones de Green como la suma de productos causales. Este resul-
tado serd empleado en una seccién proxima para establecer la aplicabilidad del desarrollo
perturbativo y de los diagramas de Feynman.

En [27) se demuestra que eX/2 = CefH/2 donde C es un nimero real. Por lo tanto
(2.26) puede reescribirse

op(—1)NF+ONF /268812 1) 0(6) >
oF(=1)NF-DNF/2< (g) |FHePA /2

F|0(8) >
<0(8) |F

donde hemos usado [H, H] = 0. )
Pasando F a la representacién de Heisenberg y usando que H | 0(8) >= 0, estas dos
ultimas relaciones pueden expresarse como

F@)00) > = (=1)(NP+DNe/25,~BuN/2 fit (t - ig) l08)>  (2.30)

<0(8) |F(t) = (=1)(NP=DNr/253e-PuNI2< o(g) | Ft (t+i—§-)

Estas expresiones pueden usarse para evaluar el valor esperado de vacio térmico del
producto A(t) B(t')
<0(0) IA®BE) 00) > = (~1)Ma=DNal2g}e=PuNa/2

< 0(6) |At (t + ig) B(t')| 0(8) >

Llevando B(t') a la izquierda de Al se genera el factor (—1)N4¥# y luego aplicando
(2.30)

<0(0) [ADBE)|00) > = (~1)Ma=DNa/(_1)NaNs () (Na+DNa/2e=BuNa/2
< 0(8) |B(')A(t +iB) | 0(6) > (2.31)

Esta es la condicidn de KMS para A(t), B(t'). En el dltimo paso se usé A = A, [A(t + iu)]f =
At - iv).

Esta formula puede emplearse para establecer la siguiente conexién entre la funcién de
Green causal y la funcidén de correlacién en la DTC

iGr(A(t), B(t')) = iG.(A(t),B(t")) £
(~1)WetDNe/2iG, (eR12 Ble=R12, A(t)) (2.32)
la deduccidn se realiza en el Apéndice C.

Esta expresién se simplifica cuando A, B son operadores del mismo caricter fermidnico
o bosénico: Ny = Ng =0,1

Gr(A(t), B(t")) = G.(A(t),B(") - G. (ef? /ﬁéfe-'?/z,A(t))
Esta relacion es posible debido a la introduccidn de los grados de libertad duales.
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2.4.4 Desarrollo Perturbativo

Supondremos que el hamiltoniano H en la representacién de interaccion admite una ex-
pansién en autoestados con energia ¢,. El promedio estadistico de cualquier operador F(t)
en la representacién de Heisenberg < F(t) >=< 0(8) | F(t) | 0(8) > satisface

<F(t)> = <0(6) |U™(t,—00)Finc(t)U(t, —00)| 0(6) > (2.33)

donde hemos usado la representacién de interaccion Fi,. en términos de campos asintéticos
incidentes y la propiedad (2.28). De la propiedad de composicion del operador de evolucién
temporal

SU-(t,—o0) = U(+o0,—00)U~1(t,—00) = U(co,t) (2.34)
S = U(4o0,t)0(t,—o0) (2.35)

usando este resultado la ec. (2.33) toma la forma

<F(@)> = <0(8)]|U(+00,t)T(t,—00)U(+00,t) Fine(t)U(t, —c0)| 0(8) >

Conmutando el operador U(t, —oo) con los operadores fisicos a su derecha, hasta colocarlo
a la izquierda de U(t, —oo) resulta por dltimo

< F(t)> = <0(0) |U(+00,t)Finc(t)U(t, —00)| 0(8) >

o0 —_\n +00
=5 %/ dty....dt,
n

n=0 =20
X< 0(9 |T {anc(t lnt(tl !ﬂi } I 0(0

Siguiendo procedimientos similares a los empleados en la Teoria de Campos, esta ex-
presion puede llevarse a la forma

9) T {F(t)e:z:p [i [diz z.'m(l‘)] } |0(6) >

< F(t) > = ~
< 0(8) |IT ezp [ifd“:c Cmt(z)] | 0(8) >

(2.36)

Esta expansién perturbativa admite una interpretacidn en términos de diagramas de
Feynman, ya que es posible demostrar [27] que el teorema de Wick es aplicable dentro de la
DTC. Las posibles contracciones de los campos vienen dadas por

i L . ,

<0(0) IT {'/’mc(x)'ﬁmc(z’)} lo@)> = > / % G(p)e—ipol=—=")
P - 00

- - . . +00 _ . g

< 0(0) IT {d’inc(z)d)l‘c(rl)} I 0(9) > = &Z/ % Go(p)e—lpo(z—z)
p /-

~ 400 _ . ,

<0(6) IT {¢inc(3)¢inc($')} |0(8) > = :h% Z/ (;L:Io(p)e—'m’(z-= )-Bro/2
p Y-

o) IT {¢mc($)¢.nc(:c')} [0(6)> = 0



donde
g(p) = g*(p)

Gp) = 1 < e-Ppo
o = HELE)

2 _ .2
Pp) = 21r—61(i°e_;n)

1
o) = po—€(p) +1in
- 1
i) =

po + €(p) +in

En la seccion 2.4.2 se ha introducido la notacién de doblete térmico. Siendo la funcién
de Green el valor esperado de vacio del producto ordenado de dos campos debe, para ser
consistentes, estar expresada en términos de una matriz de 2x2. Es suficiente para ello reunir
en notacién matricial los resultados indicados mas arriba. Anticipindonos a necesidades
posteriores, particularizaremos las conclusiones para tres clases de campos : un campo
espinorial ¥(z) con s=1/2, un campo escalar neutro o(z) y un campo vectorial masivo
y neutro wy(z). Cuando no hay presente ninguna interaccidn, satisfacen las siguientes
ecuaciones de movimiento

(id-M)y
(O+m)o

OuF* + miw’ =

I
o o

donde hemos indicado con M, m,, m, las masas correspondientes a los campos de fermién,
de bosén escalar y bosén vectorial respectivamente.
Estos campos satisfacen las siguientes expansidnes en autoestados del impulso

1 ; .
W) = W;[bp..u(p,s)e-'”+d,t.,v(p,s)e"”]

po=E,

o(z) = % Z \/%_’p (ape'l'pz + aleips)p‘):w"
e”(p,A) (C e—spz_*_ct zp::)

wl-‘(x) = \/_' Z m

Po=Wyp

La notacién empleada es estandar [19], por ejemplo Ep = /p? + M2,w,p, = \/p? + m2,wyp =

VPr+m2, e#(p, A) es la y-ésima componente del vector polarizacion en la direccidén A.
En el limite de volumen infinito }°, — 2’ s J &
Expresiones similares se tiene para sus duales

¥(z)

% 2_; [I;p,,u"(p, 5)e'P* + Jl'sv‘(p, s)e""”’]

po=E,
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= 1 1 ~ _ipzx =1 .—ipz
(z) = 772_—_% (apeire +afe ”),,m,,

Gu(z) = %Eei‘/(p_,“;\,)( Epre® 42l e-ire)

Una propiedad ain no mencionada en las secciones previas es que en el campo #(z) la
transformacién de Bogoliubov para particulas y agujeros requieren coeficientes distintos.
Para mayor comodidad reformularemos las expresiones para las transformaciones térmicas
para los campos de interés actual.
( 1bp NE)) )

( )
(e ) (%)
( ) (3

coshf senh0 ap(6) )
(9)

senh@ cosh@
Cpr _ ( coshd senhf ) cpa(6)
EI’\ - senh® coshf EIA (6)

Los pardametros térmicos son fijados por normalizacion al mimero de ocupacién

Po=Wyp

cosf;y senf,
—senfy cosfy

< 0(0) 6] ,bp,s1 0(6) > = np(Ep)

< 0(6) |df ,dp,s| 0(6) > = #r(Ep)
<0(6) lafap,| 0(6) > = np(wp)

<0(6) lefycpr] 008) > = Baamp(wep)

La funcién de Green es definida a la manera habitual, al igual que su transformada de
Fourier. A continuacién presentamos los resultados correspondientes al campo de Dirac, de
bosén escalar y de bosén vectorial, en ese orden {42],[43].

iGg(;b)(zl — z3)

< 0(8) IT %@ (21)95 (z2)| 0(6) >

d4p —ip(zy -2
gy ¢TI0 )
con
GlV(p) = GRI(p) +GXN(p) (2.37)
(abd)
. P Y Err? 0
GXD) = (+my,, (T D)
. pi—-M32-ic

N

a . sen?d Lsen20 (ab)
GYE) = 2wi (54 M)y 62— b7) (Jomee 2270 )

1 2
3sen2p, —senfp,
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se ha usado
e(Po) O( —Po)

costp, = o A e (2.38)
e—x/2 e*/2
senfp, = 1—\/_*_—6—_;@(1’0) — —\/H_=e,@(—1’o) (2.39)
con z = B(ps — 1) y © es la funcién de Heaviside.
Anéilogamente
iA%)(zy —z;) = < 0(8) |T o{®(z)e®]0(6) > (2.40)
- i/ d*p emip(z1-22) A0(ab) ()
(2m)*
A%(p) = AF(p) + AT (p) (2.41)
donde
(ab)
——1 0
A0(ad) = p3-m3+ic
4 (p) 0 —p’-nlaf—ic
(abd)
0(ab) - i £ o senh?¢p, 1senh24,,
Ap™p) = —2mié(p* —m]) ( 1senh2¢,, senh¢p,
Y aqui se usé6
L e—lvl/2 he 1
senhgp, = ———,._1 =W coshg,, = g
con y = Bpo. Finalmente
iD%,“")(zl —z3) = <00)|T wf“’)(zl)wf,b)l 0(8) > (2.42)
— 1/ d4p e—ip(:,—xg)DO(ab)(p)
(27) uy
DYY(p) = D) (p) + D3y (p) (243)
donde
0(ab) Py s 0 ()
DEIG) = | PR
. p2-m2—ie
0 h2g,, Lsenh2,, ¥
D (ab)(p) =¢ senh’¢,, 3senh2d,,
g B jsenh24,, senh?¢,,
con €y = —guy+pupy/m? y la definicién de senhd,,, cosh¢,, es como en el caso anterior.

Estos resultados pueden reexpresarse de manera mas compacta usando la matriz de

transformacién térmica para fermiones y bosones, Ur(po), Us(po) respectivamente
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Ur(pe) = ( costp, senﬁ,,o) (2.44)

—senfy, cosfp,

( coshdp, senhép, ) (2.45)

Up(po) senhgy, coshép,

En términos de éstas se tiene

o (ab)
G%V(p) = (UF(PO)( L ) ﬂ U;‘(po)) (2.46)
~ (abd)
A%D(p) = (UB(PO) ( A°0(p) _58-(1,) ) UEI(PO)) (2.47)
_ (ad)
DYM(p) = Eu (Us(po)( D°0(p) —Dg‘(p) )UEI(PO)) (2.48)

con

Gp) = (B+M)/(p* - M* +ie)
A(p) = 1/(p* —m? +ie)
D%p) = 1/(p®—m? +ie)
y la operacidn indicada por x corresponde a tomar conjugacion compleja con excepcién
de las matrices «.

Puede identificarse por inspeccién directa, que las componentes de los propagadores en
la representacién de impulso satisfacen las siguientes relaciones :

0(12 0(21 0(22 0(11
G4Y = g%y G5 =a"»
AO(IZ) - A0(21) A0(22) — _AO(ll)t
D292) = Dggl) D%’22) = _Dg(ull)n

2.4.5 El Propagador Exacto

En presencia de interaccion, los propagadores para fermiones y bosones GE!“; )(zl ,Z2), A (zy, z,),

D((Z':’,})(a:l, z3) respectivamente, se definen mediante

iGE) (21 — z2) < 0(6) IT ¥ (21)98 (z2)] 0(8) >

iA(®)(zy —z5) = < 0(8) T o(®(z1)c®)(z2)| 0(8) >
iDE)(zy —z2) = < 0(6) |T w(®(z1)wiP)(z2)| 0(6) >

donde se ha supuesto distribucidn estitica y uniforme.
Los promedios pueden ser evaluados usando (2.36) con F(t) reemplazado por el producto
de campos.
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Usando la descomposicidn espectral para el propagador exacto del campo de nucledn
[42)-[47]y la condicién de estado térmico puede demostrarse (ver Apéndice D) la siguiente

relacién

(ab)
D) = Gp) 0 "
Gep'p) = (Up(po)( " o) ),,ﬁUp‘(po)> (2.49)

donde

400 a
Gaﬁ(p) = / dz Paﬁ(z,p)[ G(po) — + e( PO)'

-5 po—z+1i€  po—z—ie

Y Pap(p) es la funcidn espectral.

Para llegar a (2.49) se ha usado que la funcién espectral es una combinacidn lineal a
coeficientes reales de las matrices gamma. El resultado (2.49) conserva la estructura de la
descomposicion (2.46) realizada para el propagador de fermidn libre.

En particular las siguientes relaciones para las componentes del propagador exacto se
siguen de (2.49)

ctu2)  _ G°(21) —i sen20p,Im Gop(p)

af
0(22 o(11
G( ) = Ga(ﬁ *
Re Gip(p) = ReGap(p)
ImGU(p) = cos20p,Im Gap(p)

Usando un procedimiento anilogo puede demostrarse que los propagadores exactos para
bosones tambien conservan la forma de la descomposicién realizada para el caso de particula
libre en términos de la matriz de la transformacién Ug(po)

Un importante resultado de la DTC es que los propagadores exactos admiten ser ex-
presados mediante una ecuacion de Dyson en términos de una autoenergia (o insercién de
polarizacién) propia [27],[42).

Para el propagador del fermidn dicha ecuacién de Dyson se escribe

G = G4V + [C(M)E(PGE)S (2.50)

donde T op  €s la autoenergia propia.

Despejando E(ab) de la Ec. (2.50) en términos de los propagadores sin perturbar y exacto

E(ab)( ) — [Go(p ]‘1 (ab) [C(p)]-l (ad)

Insertando los resultados (2.49),(2.46) esto es equivalente a

(abd)
(ab)(P) = (UF(PO)( Z(p) f:*(zp) )apUl-:l(Po))
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entonces usando (2.44) pueden obtenerse las siguientes relaciones

(12)( ) = 2(21)(p) —i sen20p, Im Z,p5(p) (2.51)
2(22)( ) = E(u)*( )
Re()p) = ReZap(p)
Im 2(11)(}’) = 60820,,0 Im iaﬂ (P)

Por otro lado, la ecuacidn de Dyson puede resolverse para G(p)

[G( )] 1 (ab) = [Go( )]—l (ab) ZE:;)

_ (ab)
(UF(PO) ( - Mo_ E(p) ?— Mo_ f?*(p) )ap UF—I(PO))

Resultados similares pueden obtenerse para los propagadores de bosones, las respectivas
ecuaciones de Dyson son

Al(p) = AND)(p) + [A%(p)IL, (p)A(p)] ™"
DiE(p) = D%(p)+ [D°(p)IL,(p) D(p)]

donde II,, II, son las inserciones de polarizacidn para el campo escalar y vectorial respecti-
vamente. Ellas pueden escribirse usando la matriz de transformacion para bosones Up(po)

(ab)

mee) = (vsteo) (P ) ) Usien)
0 (ad)

() = (UB(PO)( e e ) Ug‘(po))

a partir de estas expresiones pueden lograrse las siguientes relaciones entre componentes

n{3(p) = NEY(p) = —i senh2d,,Im 11, (p)
n&(p) = -0{"M*(p)

ReI{!N(p) = Rell,(p) )

Im O (p) = cosh2¢p, Im M, (p)

y
NGD0) = DY) = — senh2dp,Im (o)
IG5 = -080 ()
ReI{)(p) = Relluu(p)
Im Hs,l,_‘ly)( ) = cosh2¢p,Im I, ,,(p)
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Las inversas de los propagadores respectivos resultan

- (ab)
AT = (vao) (PO S ey ) U5

_ (ab)
PO = (U”(””(C(p)_on"(p) (0T ), U‘;l(m))

en la iltima férmula se usé Cuy (p) = —(p? — M2)gus + Pubs.

2.4.6 Renormalizacién

En la primera parte de este capitulo se ha considerado el efecto térmico en la representacién
de cuasiparticula. La densidad y la temperatura son responsables de la aparicién de una
parte imaginaria en la inversa del propagador. En la DTC sdlo la parte real de dichos propa-
gadores esta implicada en las condiciones de renormalizacion y, eventualmente, la parte
imaginaria renormalizada puede hallarse a través de las relaciones entre las componentes
de la matriz térmica. En (2.37)-(2.43) se ha hecho explicita la separacién de los propa-
gadores en una componente de Feynman y otra componente que depende de la densidad y
la temperatura. Esta 1ltima introduce un corte exponencial a la variacidn en energia para
toda temperatura finita; por lo tanto el propagador del estado sin perturbar tiene el mismo
comportamiento asintético que el correspondiente a densidad y temperatura nulas. En con-
secuencia la renormalizabilidad puede determinarse empleando el método de conteo de po-
tencias para divergencias ultravioletas, es decir, si la teoria es renormalizable a temperatura
y densidad nulas continuara siéndolo en cualquier otra situacién. Se ha demostrado [45) que
las eventuales divergencias resultan independientes de la temperatura. Esta propiedad per-
mite vincular los parametros del modelo determinados en distintas condiciones de densidad
y temperatura mediante una renormalizacién finita.

La aplicacidn de la la teoria del grupo de renormalizacidn en el contexto de la DTC es
un tema que estamos desarrollando actualmente [44]
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Tratamientos Alternativos en la
Dinamica Cuantica de

Hadrones(DCH)

3.1 Introduccién

En el Capitulo 1 se han presentado algunas formas sencillas de modelizar la dindmica del
medio nuclear. No obstante su sencillez, estos modelos han sido resueltos sélo de manera
aproximada. La aproximacion de campo medio (ACM) o bien los esquemas autoconsis-
tentes en la aproximacién a un lazo han sido usados ampliamente. La fundamentacién de
tales estudios radica en la presuncién de que la ACM es tanto més adecuada cuanto mayor
es la densidad . De esta manera la ACM y la AHR constituirian puntos iniciales, no per-
turbativos, apropiados para la introduccidn de correcciones posteriores. Dichas correcciones
permitirdn el refinamiento sistematico de las predicciones tedricas a fin de ser comparadas
con la experiencia.

Recordemos que la ACM fue construida a partir de la solucién de particula libre por la
inclusién de la correccion del diagrama directo a todo orden y de manera autoconsistente,
pero omitiendo las fluctuaciones cuanticas. La inclusién de los efectos de polarizacién del
mar de Dirac conduce a la AHR [19].

Por otra parte la inclusién del término de intercambio, omitiendo el diagrama directo, es
la llamada aproximacién de Fock autoconsistente (AFA). Este es el tratamiento empleado
para modelos de interaccidn pidn-nucledn [13],[48] y ejemplificado en la seccidén 1.3.

El uso de los diagramas directo y de intercambio, pero eliminando las fluctuaciones
de vacio es la llamada aproximacion de Dirac-Hartree-Fock (ADHF) de [20],[49]. Dicha
aproximacion fue empleada para el lagrangiano QHD-I en el Capitulo 1 para el tratamiento
de materia nuclear, y fue aplicada a nicleos finitos en [50]. Finalmente el tratamiento de
las correcciones de vacio en la ADHF ha sido denominada Aproximacidn Relativista de
Hartree-Fock (ARHF) en [51]).

Todos estos casos incluyen de manera total o parcial el primer orden en una expansién
en lazos. En principio este tratamiento puede ser extendido a todo orden, sin embargo las
dificultades de cilculo han restringido su empleo a la primera correccién.
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Debe destacarse que la teoria de renormalizacidn convencional propone un tratamiento
de las divergencias orden por orden. En contraste, como se ha visto en la AHR de la seccién
1.2, en los tratamientos no perturbativos las divergencias deben eliminarse a todo orden en
la constante de acoplamiento.

En el caso de la AHR las divergencias aparecen a todo orden en g, y g,. El contratérmino
necesario para eliminarlas es un polinomio de cuarto orden en el campo escalar y es suficiente
incluirlo sélo a un lazo fermidnico. El problema se complica en la AFA, donde las amplitudes
divergentes aparecen a todo orden perturbativo y a un mimero arbitrario de lazos. En [48]
el uso de técnicas de representacion espectral permite eliminar divergencias si se omite el
término directo. No obstante, cuando estos son incluidos se produce la superposicién de
divergencias que requieren un tratamiento mdas complicado [51].

Siguiendo el andlisis de [52] distinguiremos tres clases de expansiones :

1) Expansién perturbativa (EP) es aquella, que para un dado punto de partida, la in-
clusion de correcciones resulta en un desarrollo en potencias de la constante de acoplamiento.
Los términos sucesivos se evaluan usando los parametros y valores medios determinados en
el orden precedente.

i) La expansién no perturbativa de convergencia fuerte es un esquema no perturbativo
que emplea los pardmetros fijados en un orden anterior, pero los valores medios se determinan
al orden presente. La expansién en lazos es un ejemplo de este caso. La contribucién a cada
orden, evaluada en estas condiciones debe ser relativamente menor que el orden anterior.

t17) En la expansién no perturbativa de convergencia débil los parametros son ajustados
a cada orden. Debe incluirse un criterio de bondad especifico, por ejemplo que los resultados
evaluados no difieran cualitativamente al pasar de un orden al siguiente. En particular no
debe haber un cambio drastico en los valores de los acoplamientos.

En este capitulo se empleard el modelo de QHD-I para estudiar métodos alternativos de
solucién aplicados a la materia nuclear uniforme.

En primer lugar se examinara la expansién en lazos como método no perturbativo para
incluir correcciones de manera sistemdtica. Para ello se emplea el formalismo de integrales
de camino y se evaluan correcciones a uno y dos lazos, siguiendo el an4lisis realizado por
[52]. Con el propédsito de definir el cardcter de la expansién se procedera a computar las
correcciones usando los parametros fijados en la AHR. De esta manera es posible discernir si
se trata del caso (t) o del (if). Luego se emplean nuevos pardmetros, obtenidos por un cilculo
variacional sobre los resultados a dos lazos y normalizando las condiciones de saturacién.
Este resultado pondra a prueba si corresponde al caso (i11).

Como una opcién alternativa se estudiard la aproximacidn de fases al azar relativista
(AFAR). Este procedimiento fue introducido por [53] en modelos de la teoria de campos con
ruptura espontdnea de simetria y luego aplicado a la DCH por [54]. En esta aproximacién los
lazos de mesones se construyen orden a orden y cada uno de ellos suma los lazos fermiénicos
a todo orden. Esto es posible si se define un pardmetro de expansién independiente para los
lazos de fermidn. :

Por analogia con la aproximacion de fases al azar convencional, que proporciona el limite
de alta densidad correcto para la energia de un gas de electrones, se espera que la AFAR
proporcione el comportamiento asinttico adecuado para el modelo de QHD-1.

Para concluir se presenta el método descripto en [55], [56]. El mismo toma como punto
de partida la AHR no perturbativa. Debido a que esta aproximacidn incluye los efectos
dominantes de la interaccidn nuclear, se presume la transicién hacia un régimen perturbativo.
Esta transicidn esta marcada por una discontinuidad en las constantes de acoplamiento
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de la AHR (g,,9.), tomando nuevos valores efectivos (g,,g,), aptos para un desarrollo
perturbativo. Si bien el procedimiento no determina los acoplamientos efectivos es posible
fijarlos de modo de reproducir propiedades secundarias de la materia nuclear, tales como la
compresibilidad, la anarmonicidad [57], etc.

3.2 La Expansién en Lazos

3.2.1 Formalismo

Para desarrollar el formalismo se tomara el lagrangiano QHD-I ampliado por la inclusién de
una autointeraccion V(e) del campo de escalar

L) = Wl P =g )~ (M = g,0)] ¥ + 5 (00,0 — m2o?)
—i—F“”F,,; + %mﬁwuw” -V(o) (3.1)

donde V(o) es un polinomio a lo sumo de orden cuatro.
La funcional generatriz Z para dicho modelo es

2[5, Ju) ezp {iW [, Ju]}

N/ Dy Dy Do Dw

Xezp {%/d‘z [L(z) + j(z)o(z) + J“(z)w,,(:r)]} (3.2)

donde se ha definido la funcional generatriz de diagramas conexos W([j, J,], con j(z) y
Ju(z) fuentes clasicas para los campos de mesén escalar y vectorial respectivamente. La
constante de normalizacién A viene dada por

i

N1 = /D‘l/;D‘l/)DUDw ezp{ﬁ/d"z ,C(:c)} (3.3)

El factor principal es evaluado en presencia de las fuentes clasicas y a densidad bariénica
finita. Este hecho sera tenido en cuenta explicitamente a través del propagador de fermidn.
En cambio la constante A se calcula a densidad baridnica cero.

Por otro lado los cuadrados de las masas de los mesones deberan complementarse con
una parte imaginaria negativa infinitesimal, a fin de tener bien definidas las condiciones de
contorno.

La accion efectiva I'[o, w*] puede obtenerse a partir de W3, J,] mediante una transfor-
macién de Legendre

Mol = WG - [d'% i@)o() + I @wa(z)] (3.4)
donde o, w” indican amplitudes en presencia de fuentes externas
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= 2
9j(z)
Usando (3.5) es posible expresar a j(z) en términos de ¢ para luego reemplazar en (3.4).

Relaciones similares son validas para w#. Para campos uniformes, la funcional T’ viene dada
en términos de la densidad de energia £ mediante

o(z) W [j, Ju) (3.5)

Io,w] = -—/d“z E(o,w) (3.6)

Se realizard una expansién del exponente en (3.2) alrededor de los valores clasicos &, @#
de los campos de mesones, que hacen extrema la accién en presencia del acoplamiento con
las fuentes cldsicas.

S = /d‘z [+ j(z)o(z) + JH(z)wu(z)]

do(z)
(O+m?)a+V'(3) = j(z) (3.7)
_8s
0= il
OuFY + mio¥ = -J¥ (3.8)

Los campos o(z),w,(z) pueden expresarse en términos de estos valores cldsicos como

o(z) #(z) + Vh s(z) (3.9)
wh(z) = @k(z)+ Vi wH(z) (3.10)

De aqui en mas consideraremos tinicamente configuraciones &, & uniformes y estaticas.
Reemplazando en (3.2) se obtiene

2[5,y = Ne:z:p{%so [7,@) + %/d‘z li(z)a(z) + J“(z)&:,,(z)]}
x/D$D¢DsDw exp {i/d“z (PliP—M+g,6—g, B]¥

+-21- [0%58us — m2s? — V"(5)s?] - %F"“’Ff,, + %mﬁw“w,‘

2 n
+\/51Z'[gss—gu 71’]'/)_ Ev(n)(ﬁ')%ﬁ%—l)} (3'11)
n=0 :

La constante de normalizacion (3.3) puede expresarse ahora como
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N1 = Nt e:cp{i/d“:: C(z)} (3.12)

donde

Nyt o= ezp{-;-;-So[&,cD]} (3.13)

So[7,&*] es la accidn correspondiente a campos de mesones libres. Debe notarse que
debido a que el sector fermidnico en (3.1) contiene un factor extra en %, no existe contribucién
bariénica al nivel cldsico de Sp[o,@*). Por otra parte han desaparecido las fuentes en la
integral de camino remanente, ya que han sido canceladas por la contribucién lineal en s, w,
empleando las condiciones de extremo (3.7) y (3.8).

Todos los términos O(h) en la integral de camino pueden reducirse a integrales funcionales
gaussianas, de resolucidn conocida.

Esta integral dard lugar a la correccién a un lazo de la funcional generatriz W ; los
términos restantes generan correcciones de orden superior. Con el propésito de evaluar las
integrales indicadas deben introducirse fuentes auxiliares 7, 7], {, £, acopladas a los campos
¥, ¥, s, w¥ respectivamente. Al finalizar el cdlculo deben tomarse como nulas.

Entonces la integral de camino puede escribirse como

/D¢D¢ezp{ /d‘z 1/)[(1? g P)— (M - y.tr)—t\/_ys +1\/_gu7 a{,]w}

/Dwezp{ /d4 [ F’,uuF’,,+£"w,,+%m3w“w,,]}
ezp{—z/d4 3 3 - B s )—( 1)"}/ Ds e::p{ /d"z [~s (O 4+ m? +V”(a)s+2(s]}

Suponiendo que los campos clasicos son uniformes, la solucién para las integrales de
camino sobre los campos de bosones pueden evaluarse (ver Apéndice E) :

L = /Ds ezp{%/d“z [-s (D+m3+V”(a))s+2(s]}

I.oexp{ 1 /d'* (g l; In (1 T k2 - mgv_”(;/?')f(&) + ic)}

xeep{~3 [ atad'y C(a)A(e - ) (3.14)

donde

Lo = [Ds ezp{%/d"z [;s(o+mf)s+2<s]}

Afr—o = J.5F e_they) (3.15)
V= | G —mi— Vi) +ie ‘
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/dw ezp{i/d‘z (—%F"‘”F",,, +%m3w“w,,+£“w,,)} (3.16)

hocep {~1 [ dety @ D% - e W)}

I,

En la dltima expresién I,o es independiente de la interaccion, pero no de la fuente externa

§.
Dj, es el propagador de meson vectorial libre (1.35).
El sector baridénico admite ser expresado como

8 8
ezp{—\/f_z/d“z % (—g.aa—c + 907" @) 55} Ip [n,7]

donde

sl = [DiDy
e:cp{i [t ¥t -, ¢)—(M—g,&)1¢+w+¢n} (3.17)

Ipo exp {Trln/d‘z Gz - z)Gg'(z - y)}
xXezp {—i/d‘zd‘y i(z)Gu(z — y)n(y)}

En esta expresién el simbolo Tr indica trazas sobre indices de spin, isospin y coordenadas
de espacio-tiempo.

El propagador bariénico Gg(z — y) coincide con el propagador en la AHR, ya discutido
en el Capitulo 1

_ d*p e—ir(z-y)
o= = [ Gries e (5.18)

e"'yﬁ(z—v)/ dtg _ e"HEY)
(2m)* d — (M — g,0)

Aqui se han omitido las condiciones de contorno con el fin de facilitar la discusién, sin
embargo debe tenerse en cuenta que debe coincidir con la descomposicién (1.60).

En la segunda igualdad de (3.18), el campo cldsico @* entra sélo como un factor de fase.
Por lo tanto en cualquier vértice al que concurran dos lineas de fermidn, una entrando y
otra saliendo, dicho factor de fase desaparece. Esto es lo que ocurre en la evaluacién de
diagramas con lazos fermidnicos cerrados, como los que intervienen en la construccién de la
energia. La tinica excepcién ocurre en la correccidn de un lazo, donde interviene G,}l.

En consecuenda el valor medio @* vendrd dado exclusivamente por la condicién de
extremo evaluada a un lazo y no hay correcciones de orden superior.
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Haciendo uso de (3.18), la integral funcional Iz puede escribirse como (ver Apéndice E)

. 4 -
o = Ioeep{ [ate [ T 2urin (14 25202

xezp { —i / d*zd*yij(z)Gr(z - y)ﬂ(y)} (3.19)

donde ahora el simbolo tr sélo abarca indices de spin e isospin.

Las constantes I,9, Iyo ¥y Ipo pueden absorberse en la definicidn de una nueva constante
de normalizacidn N’ = N'1,0l,0lB0.

De la discusién del modelo QHD-I en capitulos previos sabemos que es necesaria la
inclusién de contratérminos a fin de obtener resultados bien definidos. Al menor orden de
aproximacion dichos contratérminos consisten en un polinomio de cuarto orden en el campo
escalar o(z), por lo tanto anticipando resultados incluiremos un término

L. = h [a16+ 500+ ‘; o®+ a—‘a‘] (3.20)

al lagrangiano original.

Usando la descomposicién (3.9),(3.10) e imitando el proceso de derivacién de (3.14)-(3.19)
se llega finalmente a

Z[j,J*] = N ezp{%so [7,@) + -;;-/d‘:c (j&+J“u';,‘)}
xezp{/d“ /(2 ya i In (1+ g‘# Jtv4¢) + 'ia—';&"}
o e[S (i) + o () (i) (43)
o (i35) » (-35) (-35)]

eap{ =1 [ d*ad'y [((2)A%e - )C(6) + (=)D =~ ')

-

+27(z)Gr(z — y)n(y)]} (3.21)
donde
2 a
a i n —-n-1
! zl: (n—1)!
a; = % ((12030’ + —02)
1
a3 = ; a'é';-sb""
a4
ag = F



y deben tomarse como nulas las fuentes auxiliares al finalizar el cdlculo.
Comparando con la definicion (3.2) puede identificarse la contribucidn a un lazo W(1)[j, J]
a la funcional generatriz

W(l)[j,]“] = /d4$ [ﬁo(&,@)i—j&-}-.’”u—iu

“ d4 :_— v n —_n
_,h/ﬁ; trin (1+£‘;_—5I’M¢)+hzz—!a] (3.22)

y para campos uniformes £y se reduce a

| 1
Lo(o,@) = —5m302+-2—m3

o,

La accién efectiva I'(1) a un lazo se obtiene de forma inmediata. La transformacién de
Legendre (3.4) es trivial ya que o — & es de orden /i y la accidn clasica en presencia de fuentes
es estacionaria en un entorno de &. En consecuencia I'(!) puede obtenerse a partir de (3.22)
reemplazando & por ¢ y eliminando los términos que contienen las fuentes j y J,,.

La integral sobre impulsos es divergente y debe ser regularizada convenientemente em-
pleando los métodos usuales de la teoria de campos. La accidn efectiva regularizada a un
lazo es

r'MVe,w = /d“ [ -m2o? + - mzw“w,,—hg.,w Qu
W / d°pE*O(pr — p) - A]

donde

>
Il

—ih (M* = M)° / Gt [v°G%(p)*GF(p)po)

__6h
1672

[M“’ln(M‘/M)+M3(M M*) - Mz(M M*)?

+M (M= M) - 2(M—M‘)“]

% = [& i)

1+ M

Gro) =

La configuracidn fisica para los campos de mesén se obtiene minimizando I'(?) respecto
de o,w#. De aqui resulta

0 = mfd)“——hg',Q“

62



h
0 = -mls+ (29')3/d3p

[M‘al (M*/M) - M?*(M - M‘)——M(M M*)?

7 9(PF p)

6g,h
T 14n?

~H -y

Para el sistema de referencia de materia en reposo es Q = 0, por lo tanto

o vl
o = £ m':B gm0 (3.23)
R _ bgihM*
M= (27r)3m2 / O(pp P)

693 -3 - _ 2 — - _E _ «\2
* itmd [M In(M* /M)~ M* (M = M*) = SM (M - M)

11 .
-5 M-M )3] (3.24)

En el presente caso la densidad de energia £(!) calculada a un lazo es

o+ () o4 () -
(2 )3 / d°p E*®(pr —p)+ A (3.25)

La accidn efectiva a dos lazos I'(?) viene dada por (ver Apéndice F)
Ofpu] = S+ [d2li@)s)+ 0,1+ WPs,a]
w® (5,0] - / d*z [j(z)o(z) + J*w,] (3.26)
donde W(?) indica la contribucidn a dos lazos a la funcional generatriz conexa y W(1) es

la parte O(h) de (3 22).
Al orden O(%?) la accion efectiva es

1 ow) ow)
() = 1 2) = [ dfzdty LAz — )Y
' (o, w) r'Wo,w]+ W [o,w] + 2/d zd%y 6&(2:)A z—y) 9503
1) )
+—/d“ dy aW @ D (z —y) W:( ) + O(R®) (3.27)

Como se discutié con anterioridad, el campo @ entra en el propagador Gy s6lo como un
factor de fase y no contribuye en lazos cerrados fermiénicos. Por lo tanto W(2) no dependera
explicitamente de @*.
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Las derivadas funcionales en (3.27) pueden evaluarse usando (3.22) y la identidad
0Gu(p)/OM* = G (p)’

= —i h/ﬂtrc (p) +h ay(0)
95 - s (27!’)4 H\P 1

aw®) . d*
5w ] - 'g"h/ arye 1)

awm]
=0

Para campos uniformes las integrales indicadas en (3.27) producen contribuciones re-
ducibles de una particula que cancelan aquellas presentes en W(2), de modo que I'® sdlo
contiene términos irreducibles.

A fin de obtener resultados bien definidos al O(fi?) es necesario introducir contratérminos.
En primer lugar (3.21) contiene contratérminos O(h) en los coeficientes a, que afectan a los
lazos cerrados escalares. A estos debe sumarse un polinomio similar a (3.20) con coeficientes
de O(h?).

Luego se introducen contratérminos de normalizacion de los campos de mesén

ih*Ps s0s — 1R Bs F'#v FY,,.

Por iiltimo es necesario normalizar la masa y el campo de barién, al igual que el vértice
escalar; para ello se introducen A% [—A19 (i # — MM.) ¢ + Azg.90y]

Una vez incluidos estos contratérminos en 83.21) es posible evaluar W(?)[#). Como ya se
indicd es suficiente reemplazar & por ¢ en W(2) para construir la transformada de Legendre
(3.26).

No desarrollaremos explicitamente el procedimiento de renormalizacidn que sigue los
lineamientos descriptos en [52].

La densidad de energia £ puede identificarse usando (3.6) y sustrayendo su valor esperado
de vacio. De esta manera se obtiene

EO (M, pp) = ED(M*,pp)+ED +EP + £ (3.28)

donde £(1) viene dado por (3.25) y los términos restantes son como se indica a continua-
cién

TH ZH
£D = ZrA(m,)+ 2 A(m,)
Am) = [ &9 O(pr —p) Olpr —4) E;Ei-p-a
@mi@ent B B (p-q?- (B -E;) +m?

e = n{ (%) Bem) -2 (&) Boma) |
B(m) = M* /0 ' dz(1+ z)In ( 1‘]{4 ':((11_—:)): :rr::;)
(1-z)(1-12?
M2?(1 -z)2+ m?z

1
+2M2(M—M‘)/ dz
0
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£5)

2
=y ; {%‘ (‘217:)7‘1 (gwq tr [GE(P*)M GF N GF(9)°Din (P — 9)]

gi [ dip di .y
+35 @) @) tr [GR(p)*M G A G (9)* Dipv(p — 9))

—i / d*p tr [GE(p)*GrAi(p)] — i / d*p tr [GF(p)°’GFZir p)]}

En estas expresiones se ha usado el simbolo é para indicar la degeneracion de isospin, p,
es la densidad baridnica escalar definida en el Capitulo 1

d3p M*
= —F = opp -
pl (2”)3 E- (pF p)
En £() se empled la siguiente convencion g; = g?,92 = —g2,m; = m, , my = m,, A} =

(1,0), 35 = v*,D}"(g) = A%g) 9**, D§"(q) = D°**(q),¢; = (—1)'*/ y Ai(q) = 8Zir /OM"
con

ig; 1 M?*(1 — z) + m?z — p?z(1 — z)
Jg g p
Zir(p) = 16—1:5 [/0 dz UM ey #)ln( M2(1—1:1)2+m?:c
7

1 z(1 —z)(5 +¢5z)
+2M2(,5_M)/o dz M2(1—x)+ngJ?z]

El valor de M* se obtiene, como en el cilculo a un lazo, de la condicién de extremo
para la energia 0£(2)/OM* = 0. Como W(?) es independiente de @* la minimizacién de I'(?)
respecto de esta variable es equivalente a la misma operacién realizada sobre I'}). Por lo
tanto nuevamente se obtiene (3.23).

3.2.2 Resultados

En este apartado intentaremos clasificar el caracter de la expansién en lazos, usando el
criterio presentado en la introduccidn de este capitulo. Para ello emplearemoslas expresiones
para la densidad de energia £, obtenidas en el andlisis precedente a uno y dos lazos y seran
comparadas con la correspondiente a la ACM del Capitulo 1.

En primer término consideraremos una expansién perturbativa en la cual se usaran los
valores de gy, gy, ms y M* obtenidos a un lazo, tomando como condiciones de normalizacidn
la energia de ligadura eg = 15.75 MeV y la densidad de saturacién correspondiente al
impulso de Fermi kp = 1.30fm™1.

En la Fig. (3.1) se comparan las curvas para la energia de ligadura en funcién de la
densidad para la ACM y para uno y dos lazos. Puede verse que a dos lazos la energia de
saturacién ocurre para kr = 2fm=! y toma un valor de 400 MeV. Una discriminacidn de
las contribuciones de los acoplamientos vectorial y escalar demuestra que el primero domina
ampliamente sobre el segundo en la aproximacion a dos lazos.

En segundo término puede examinarse la expansién no perturbativa fuerte. Para ello es
necesario determinar el valor de M* al orden O(h?). Sin embargo se encuentra que para
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gs Jv ms;(MeV) m,(MeV) xk(MeV) M*/M
ACM 10.469 13.798 520 783 545 0.55
AHR 7.368 10.139 458 783 471 0.72
Acoplamiento A | 13.527 7.416 893 783 348 0.78
Acoplamiento B | 17.029  0.000 1300 783 206 0.88

Tabla 3.1 Pardmetros del modelo QHD-I en distintas aproximaciones. Los acoplamientos A y B corresponden a la
expansién en lazos.

densidades con kp > 0.9fm~! la energia £(2) no posee minimo para M* positivo. Esto
contrasta con el comportamiento a un lazo, donde siempre existe un minimo de £(1)(M*)
que, en general difiere del valor obtenido en la ACM.

De esto se concluye que el modelo tampoco admite un tratamiento no perturbativo fuerte.

La inica posibilidad que resta es el tratamiento no perturbativo débil. En este caso
tanto las constantes como M* se determinan al orden de trabajo. Como se disponen de
tres parametros libres g,, g,,m, y sélo dos condiciones de vinculo (densidad de saturacién
y energia de ligadura) se encuentra que existe una multiplicidad de soluciones. En la tabla
3.1 se indican dos casos posibles, indicados como A y B; aquéllos que corresponden a valores
extremos de g, compatibles con las condiciones de normalizacidn.

En la Fig. (3.2) se muestra el comportamiento de la energia de ligadura evaluada a
dos lazos en términos de la densidad para los dos conjuntos de acoplamiento seleccionados.
Puede verse que, estimativamente, la compresibilidad ha disminuido en la aproximacidn a
dos lazos comparada con el resultado de la ACM. Valores numeéricos para la compresibilidad
y la masa efectiva se reproducen en la Tabla 3.1.

No obstante, la descripcién fisica subyacente en la aproximacidn a dos lazos es esen-
cialmente distinta a la proporcionada por la ACM o atin por la aproximacidn a un lazo.
Esto es evidente en la Fig. (3.3) donde se muestra el comportamiento de los potenciales
efectivos para la interaccion NN obtenidos en la aproximacidn de intercambio de un bosén
para bariones muy pesados [52). Dichos potenciales efectivos coinciden con la expresion
genérica del potencial de Yukawa (1.40) En los casos A y B se ha perdido el comportamiento
caracteristico de la interaccidn nuclear a medias y pequeiias distancias.

En la Fig. (3.4) se grafica la masa efectiva evaluada a dos lazos como funcién de la
densidad. Si bien en el rango mostrado la curva del acoplamiento A es similar a la curva
de la aproximacién a un lazo, se encuentra que a kp = 7fm~! atraviesa por M* = 0. En
cambio la curva para el acoplamiento B termina para kr = 4.5fm=! donde la energia £(2)
deja de presentar un minimo como funcién de M*.

De estos resultados debe concluirse que la expansién en lazos para el modelo QHD-I no
coincide con ninguna de las categorias propuestas. En [58] se conjetura que en el caso en
que las correcciones introducidas por la aproximacion en lazos son significativas respecto de
la ACM, es razonable esperar que correcciones de orden superior no resulten despreciables.

Hemos visto que los resultados correctos al O(%) no difieren cualitativamente de la ACM
y mas ain, a altas densidades ambas predicciones tienden a coincidir. Sin embargo la
inclusién de correcciones O(h?) cambia drasticamente la descripcién fisica.

No es improbable que existan correcciones a la AHR que no son tomadas en cuenta
en forma adecuada por la expansién en lazos. Sin embargo el fracaso de dicha expansién
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FIGURA 3.1 La energia de ligadura por nucleén
para el modelo QHD-]. Los parémetros del modelo
se han fijado en la AHR, mientras que M " se deter-
mina al orden de trabajo. Se presentan el resultado
correcto a dos lazos,junto con las contribuciones de
la ACMy la AHR.
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FIGURA 3.2 La energfa de ligadura por nucleén
para el modelo QHD-I. Los pardmetros del mode-
loy M*® se determinan al orden de trabajo. La
aproximacion a dos lazos ha sido evaluada usando
dos conjuntos distintos de acoplamientos (ver Tabla
3.1). Ademds se presenta el resultado de la AHR.

no implica que la ACM o la AHR proporcionen una descripcién incorrecta. Al contrario,
dichas soluciones pueden resultar un punto de referencia apropiado para la introduccidn de
correcciones. En [52]se argumenta que el manejo pertinente de tales correcciones deberia
conducir a la reduccién de los acoplamientos efectivos de la interaccion nuclear, en especial
en los lazos de vacio. Este efecto seria particularmente 1til en los cdlculos a baja densidad,
ya que no existe una solucién de partida razonable en este régimen.

3.3 La Aproximacion de Fases al Azar Relativista

En la seccién precedente se ha construido la funcional generatriz Z[j, J] correspondiente al
modelo QHD-I. Debido a la magnitud de los acoplamientos la ACM se ha mostrado inestable
frente a tales correcciones.

Siguiendo el anilisis realizado en [54] consideraremos el andlogo relativista de la apro-
ximacién de fases al azar. En esta aproximacion las lineas de mesén evaluadas a un dado
orden incluyen la suma de lazos fermidnicos a todo orden. Con esta finalidad se construye la
funcional Z[j, J] de la misma manera que en la seccién anterior, de modo que se llega a las
expresiones (3.11), (3.14)-(3.16). En cambio al evaluar (3.17) se procederd de manera liger-
amente diferente. En la expresion consecuente a (3.17) debe tomarse traza respecto de los
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FIGURA 3.3 Comportamiento del potencial efectivo en términos de la distancia entre nucleones. Las distintas
curvas representan los resultados obtenidos en la ACM, la AHR y en la aproximaciin a dos lazos usando los
acoplamientos A y B.

grados de spin e isospin; la degeneracidn de isospin se tendrd en cuenta explicitamente me-
diante un factor é. Este artificio permitira discriminar a cada orden en lazos la contribucién
de fermiones de la de bosones.

En la expansién convencional, la aproximacion de orden cero proviene de considerar
solamente la primer exponencial en el lado derecho de (3.11). Las soluciones obtenidas
minimizando la accion efectiva a dicho orden coinciden con las soluciones clisicas. En con-
traste, en la aproximacion de fases al azar relativista (AFAR) se incluird la contribucién de
la primera exponencial en (3.19) en el orden cero de aproximacidn. Por lo tanto definiremos

Si[o,w] = Solo,w]— 16’1/(14 /(2 < trln(1+g"; i/’) (3.29)

La solucidon de orden cero para campos de bosones en la AFAR, ¢/,w’ se obtiene mini-
mizando S§[o,w]. De esta manera la aproximacion en lazos de bosones contiene los lazos
fermidnicos, cuyo pardmetro indicativo es 6k, sumados a todo orden. En particular cuando
se incluyen los contratérminos la densidad de energia al orden cero en la AFAR, &5(M*),
coincide formalmente con la solucion O(k) en la expansidn (3.25).

A continuacidn se realiza una descomposicion similar a (3.9), (3.10), pero usando las
soluciones ¢’/,w’ en vez de &,&. El procedimiento posterior es similar al empleado en la
seccién anterior. En particular la densidad de energia 8'(41}. g correcta al O(h) resulta [59]

_ ih [ d'p 1- A%p)I(p)
EQar(M) = £ - 7 | @ In (1_ Ao(p)Hv(p)) (3.30)
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FIGURA 3.4 La masa efectiva del nucledn como funcién de la densidad a T=0. Se indican los resultados de la
AHR y de la aproximacién a dos 1azos usando dos conjuntos de acoplamientos diferentes.

donde sélo se ha incluido el acoplamiento escalar y II(p) representa la polarizacién escalar
renormalizada y con sustraccién de vacio

O(pp) = —igfhf/(—g:r—gz tr [G*(¢)G*(p + ¢q)] + contraterminos (3.31)

y O, indica la parte de dicha polarizacidn debida exclusivamente al término de Feynman
G¥(')G%(p + p') en la definicién (3.31).

La polarizacidn II(p) depende del campo escalar sélo a través de M* que, a su vez, viene
determinado por la minimizacidn de 8}:} ar(M*).

Expandiendo el logaritmo en (3.30) pueden distinguirse distintas contribuciones a la
densidad de energia en la AFAR. El orden mas bajo corresponde a la energia de la AHR,
EM(M*). Ademis hay tres términos, similares a £, £ y £ de (3.28), con la diferencia
de que estos vienen dados en términos del propagador A’(p) = FT’I—H_p(p_)’ que contiene
los diagramas de vacio fermidnicos sumados a todo orden en g,. En esta formula Op(p)
indica el aporte finito debido exclusivamente a los términos de Feynman en (3.31).

En adicién se encuentra un término similar a la energia en la aproximacion de fases al
azar convencional [60). En su construccién interviene el propagador A’(p) y, por lo tanto,
contiene todos los 6rdenes generados por cierto tipo de diagramas fermidnicos.

La renormalizacion del primer orden en la AFAR ha sido realizada sélo para el acoplamiento
escalar [59]. La inclusidn del acoplamiento vectorial conduce a dificultades ain no resueltas.
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La contribucién finita de las fluctuaciones de vacio a la energia £, 5, proviene de la
reestructuracion del vacio por la introduccidn de fuertes correlaciones bariénicas en el medio
nuclear. Por lo tanto resulta justificable la sospecha de que tales correlaciones modifiquen
significativamente el caricter de.la energia de la materia nuclear.

Como hemos visto en el ejemplo II del Capitulo 1 los tratamientos no perturbativos
suelen generar serias anomalias en la estructura de los propagadores. Este problema se
manifiesta por la aparicién de polos imaginarios, lo cual esta en directa contradiccidn con
los principios de la descomposicién espectral. En el presente caso se encuentran polos a
frecuencia cero (po = 0) e impulso no nulo. Evaluaciones especificas para el modelo QHD-I
han sido realizadas [61)],[62], demostrando que tales polos tienen componente real del orden
de la masa en reposo del nucledn. Este hecho hace injustificable la simple omisién de sus
efectos, tal como ocurre en la electrodindmica cudntica. En dicho caso los polos fantasmas
aparecen en la correccion a un lazo del propagador del fotén en una escala de impulsos
inaccesible a la medicion experimental [39].

Siguiendo el criterio establecido en la seccién 1.3.3, no consideraremos las posibles solu-
ciones de este problema.

3.4 Método de la Transicién Perturbativa

3.4.1 Introduccién

Hasta este momento se han presentado algunas de las bisquedas realizadas con la intencién
de sistematizar los cdlculos en la DCH. La finalidad es lograr un método de correcciones
sucesivas de aplicacion practica y de desarrollo preciso como para que sus conclusiones
admitan ser cotejadas directamente con la experiencia.

En los dos casos examinados se ha tomado como motivo de aplicacidn el modelo QHD-I,
ya que presenta entre otras, dos propiedades destacables. En primer lugar la simplicidad de
los acoplamientos que permite construir una aproximacion de orden cero sencillay diictil. En
segundo lugar la renormalizabilidad que asegura la posibilidad de aislar los efectos espireos
de la informacidn fisica de manera clara y sin ambigiedades. En el Capitulo 4 se analizardn
modelos alternativos en la DCH, con acoplamientos mas complicados.

El cardcter autoconsistente del cdlculo entorpece particularmente el procedimiento de
renormalizacion. Esto es asi a tal punto que la renormalizacion se torna impracticable aiin
al primer orden de la AFAR, a menos que se elimine el campo vectorial [54].

Otro cuestionamiento ain mas fundamental es la desnaturalizacion de la descripcién
fisica; como se ha comprobado en la seccién 3.2 los resultados obtenidos al segundo orden
de la expansién en lazos difiere esencialmente de los correspondientes al orden precedente.

Por tltimo la generacion de efectos espiireos de dificil interpretacién, como es la aparicién
de polos fantasmas, es un problema intrinseco de los tratamientos no perturbativos. La
inexistencia de un criterio coherente para manejar los polos fantasmas pone en duda la
verosimilitud de las conclusiones emergentes de estos métodos de resolucién. No obstante,
de esta discusion surge como un punto de referencia confiable la solucidén proporcionada por
la ACM, especialmente a densidades medias. Dicha solucién se ofrece como la etapa inicial
adecuada para un eventual esquema de aproximaciones sucesivas.

En [55] se ha propuesto como una respuesta posible a esta situacién la transicién hacia
un régimen perturbativo de la interaccion nuclear. A fin de llevar a la practica esta su-
posicion de forma coherente, el estado fundamental debe incluir las fuertes correlaciones del
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FIGURA 3.5 Reglas de Feynman para el modelo FIGURA 3.6 Diagramas de Feynman al segundo orden
QHD-I en la DTC. Sublndices griegos indican com- perturbativo en la DTC.

ponentes de espin, en tanto que los suprafndices lati-

nos corresponden a Jas componentes térmicas.

medio nuclear. Luego la transicién perturbativa es simulada por un reajuste considerable
de las constantes de acoplamiento; que servirdn para una expansién perturbativa normal.
La validez de esta hipétesis serd determinada por comparacién de los resultados logrados a
cada orden con los correspondientes al orden precedente. Si no se introducen efectos deses-
tabilizadores y las correcciones realizadas son relativamente pequefias, se considera que la
expansion es aceptable. Dicha evaluacidn serd aplicada en primera instancia a la materia
hadrénica para ajustar los acoplamientos efectivos y luego a niicleos finitos para verificar
la idoneidad del método. Este esquema de solucién ha sido llamado Aproximacion de la
Transicion Perturbativa (ATP).

Ya que los efectos térmicos son fundamentales en el andlisis de la estabilidad de los
fendmenos nucleares, es necesario incluir la temperatura como grado de libertad tan relevante
como la densidad.

3.4.2 El Estado Fundamental

Como hemos mencionado, a fin de que la expansién perturbativa tenga sentido es necesario
que el estado fundamental contenga una parte considerable de las correlaciones generadas
por la interaccion nuclear. La solucién obtenida para el campo de nucledén ¥(z) en la AHR
contiene las propiedades mas importantes de la propagacién de los nucleones en el medio
nuclear y es tanto mas ajustada cuanto mayor es la densidad. Por lo tanto puede tomarsela
como punto de partida para el desarrollo propuesto.

Con el objeto de tomar en cuenta los efectos térmicos se empleara la formulacion de la
DTC, ya presentada en el Capitulo 2. Ya que en los desarrollos previos para el modelo QHD-
I sélo se ha trabajado a temperatura nula, en este apartado indicaremos como se modifican
tales resultados a temperatura finita.

En la DTC los propagadores han sido definidos en términos del vacio térmico (2.14) y
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de los dobletes térmicos para campos (2.29). De esta manera se obtienen las expresiones
(2.37),(2.41),(2.43) para los propagadores de particula libre a temperatura finita. En par-
ticular la componente (11) de dichos propagadores coincide, en el limite T — 0 con las
expresiénes (1.4), (1.5),(1.7),(1.6) y (1.35).

Las reglas de Feynman para el modelo QHD-I en la DTC son una generalizacidn de las
ya presentadas en el Capitulo 1, ahora deben incluirse indices térmicos por cada linea de
propagador. Las reglas de Feynman, asi como los diagramas correspondientes a la primera
correccidn perturbativa del propagador de fermién se indican en la Fig. (3.5).

La AHR se obtiene tomando inicamente el diagrama directo de manera autoconsistente.
La autoenergia propia del nuclesn en esta aproximacion viene dada por

A d4
Thep = —ig26%ap [ g A%0)Gaa(a)
. a d4 cc
—ig26°® ﬁniﬁf"’w)(maﬂ(m""G‘H,)v(q) (3.32)

De aqui puede verse que Xy es diagonal en el espacio térmico. Esta es una aproximacidn
no perturbativa ya que el propio Gy es una funcién complicada de los acoplamientos g,, g,.

Resolviendo la ecuacion de Dyson para Gy se llega a una igualdad entre matrices de
2x2.

La masa y la energia efectivos de nucledn vienen dados por las férmulas (1.60), donde
debe tomarse sélo la componente (11) de la autoenergia. En consecuenda el propagador de
fermién en la AHR es

= ab
GGy = |U ( Gu(p) _0 ) Up! 3.33
Hap [ F(PO) 0 G}'{(P) o F (PO) ( )
donde
— _ ,{+ M*
GHap(p) = P VT (3.34)

Y go = po — Eg}é), q=p y Ur(po) es la matriz térmica (2.44).

3.4.3 Régimen Perturbativo

En el apartado anterior se han obtenido nucleones efectivos que incluyen las correlaciones
basicas debidas al intercambio de mesones.

Como hipdtesis de trabajo se supondra que a partir del estado fundamental que contiene
a dichos nucleones, la interaccion remanente puede ser incluida perturbativamente. Este
hecho estara reflejado por una disminucién notable de las constantes de acoplamiento; es
decir si g;, g, indican los acoplamientos efectivos, entonces debe ser ¢! /g, << 1,g/ /g9, << 1.

Dichos acoplamientos efectivos serin empleados para incluir correcciones debidas al
término de interaccion Lint = g9 — gl b 1.

Ya que el término directo ha sido incluido en el estado sin perturbar, la correccién
siguiente corresponde al término de intercambio. La autoenergia correspondiente es
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ab . 2 d4k
Ezczﬂ = i, (2 )4

) dk [, a a
+irs [ G [ o] Die-n @)

2 A% (p — k)G (k)

Puesto que cada uno de los propagadores admite una descomposicion como suma de una
parte de Feynman mas otra explicitamente dependiente de la temperatura, cada integral en
(3-35) comprende cuatro términos. Uno de ellos (Ere:) no depende explicitamente de la
temperatura y es divergente, los tres restantes son finitos debido al corte exponencial que
imponen los nimeros de ocupacién sobre el espacio de impulsos.

Respecto de la regularizacion de (3.35) debe destacarse que la TTC ofrece informacidn
adicional a través de las relaciones de consistencia (2.51). De particular interés resuita la
férmula

tan20,, ImE0)(p) = =02 (p) (3.36)

Es posible demostrar que la componente £(}2)(p) es finita por construccién y tan26,, per-
manece acotada para toda temperatura fisica. Usando esta propiedad pueden extraerse ex-
presiones convergentes para ImX(!1) (con la posible excepcién del caso T=0, donde tan 26,,
= 0). A partir de aqui puede evaluarse ReZ(!1)(p) usando las relaciones de dispersién para
la autoenergia.

Debido a que los grados de libertad de los distintos mesones son independientes entre si,
(3.36) puede aplicarse separadamente para los acoplamientos escalar y vectorial.

Como se demuestra en el Apéndice G la contribucién finita de la parte imaginaria del
término de intercambio Lp,, es

mSratp) = o200 |- 00 +m)’] [ Gh 4+ s (47 - )

(2 )4

—g'227%0 [q —(M‘+m,,)]/ (f +M* )6( *2)(3.37)

(2m)

Usando la relacidn de dispersién

VP ImZ(z,
ReZ(p) = (¢ -M") o /_w “ T

puede construirse la parte real correspondiente.
Finalmente se obtiene la siguiente expresién regularizada para la autoenergia

ImZ() . (p) =i cotan2f,, z 9;1; (3.38)
j=1,2

con:
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1 M*
b= 50y
donde Fj(z1,z2) = O(x1)Fj(z1) + O(z2)Fj(22), Fj(zn) = fi(za) + fij(—2n), y fi(z) =

(hj+v0x—Vz? — 1(7.p')/p')sen20M.,senh2¢,o_M., Otros elementos usados en la integral
I; son: p' = M*Vz2 —1, A= (¢ - mJ + M*?)/M*%; v es el coseno del angulo entre p y p’

/ dQ,0 (M* A? — 4q2 + 4p*V?) Fj (z1,22)

¥ zn(n = 1,2) son energias de fermion determmadas por la conservacion de la energia y el
impulsoy my =m, ,me=my ;1 =92 ,92=29,%;h1i=1,hy=-2.

Ademas ReEg,” puede escribirse como

ReZ{{V(po, p) = £2°°%" (g0, p) + 70Z%, (¢0, ) + 7 - PZY (g0, P) (3.39)

2
conp=|p |y qo=po—(L5)ps-
Las componentes indicadas arriba tienen las siguientes expresiones

Eg;calar (‘IO, P)

= i 2le:2g_,h {/ dzz\/z? - / —nB(M'z,)Rl (M z z_,)

M‘
—2p/ dz [np(M*z +a)b; (go0,p,z,k)+ fir (M*z - a)
1

0j (qO;P: -z, k)]}

3, (qo,p)
= 8‘”2 Z g_,{/ drz\/z2 - / —ng (M*zj) R, (M_,:c z,)
§=1,2
—M.

/1 dzz [np (M*z + a)0; (g0,p, 2, k) — ip (M*z — )
9; (g0, p, —z, k)]}

2p

T (q0,p)
Vdtt .
= 8p7r2 Z 9;i{— d:c:c(z - 1) ——ng (M*2;) Ry (M_,z z,)

112

d:r:\/:z:2 —1lnp(M*z+a)+nr (M*z — )]

p
M* 2 ,o0
- ( o ) / dz [np (M*z + @) Aj (g0, p, zM*, k) 6; (g0, p,zM*, k)
1
+ir (M*z — @) Aj (g0, p, —zM*, k) 6; (g0, p, —zM*, k)]}
donde: k= M*Vz2 =1, a = (9,/m,)? p5.

Las restantes funciones intervinientes son

-}zz-k’—mf

Aj(PO,P) kO)k) = (po_kO) M2
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8; (o, p, ko, k) = In (%%_:)

V/P? + k2 — 2pkt + m;?

Zj(p,k:t)z M+
1 1
Ry(z,y,2) = G- Et-F
Rz(z,y,z) L e

G292 Gt-o

Si interpretamos la cantidad ImX.;(¢> = M*%) como una medida de la vida media
de las cuasiparticulas térmicas, se encuentra que la correccidn perturbativa no introduce
inestabilidad, al menos en el rango de densidad bariénica comprendido entre 0 y 0.44 fm=3
y temperaturas entre 0 < T < 200 MeV. Esto puede comprobarse por inspeccion de la
funcién de Heaviside estudiada en el Apéndice G, que afecta a ImX,.,. Cuando dicha
funcién se evalia en la capa de masa ¢ = M*? | se anula idénticamente supuesto que
M*(pB,T) > my/2.

Hasta aqui el valor de las nuevas constantes de acoplamiento no ha sido especificado. A
fin de determinarlo se procede a evaluar la ecuacidn de estado y la compresibilidad con cor-
recciones perturbativas, tomando a g’, g/ como variables de ajuste. Practicando la hipétesis
expuesta al comienzo de esta seccidn, sélo se consideran valores inferiores a la décima parte de
las constantes originales. Tomando la compresibilidad, la densidad y la energia de saturacién
como cantidades indicativas se adoptara el criterio de que sus valores difieran solamente en
un dado porcentaje de los correspondientes resultados en la AHR.. De esta manera se obtiene
un posible dominio de variacién para (g, ¢').

Si se desea mas precision en la definicién de los acoplamientos perturbativos deben im-
ponerse condiciones adicionales. El estudio de los niicleos pesados mediante la ATP es una
importante fuente de informacidn, que sera analizada oportunamente [44].

Usando el propagador obtenido en la ecuacién de Dyson es posible definir la masa efectiva
M*. De esta manera el valor M* obtenido en la AHR es corregido mediante

M*(T,pp,M*,¢',,¢',) = M* + Z&° (g0 = M*) (3.40)

Donde sélo debe incluirse la componente escalar de Lorentz de la autoenergia. La canti-
dad M* —M* proporciona una medida de la modificacidn sufrida por el espectro de particula
independiente, debida a las correcciones perturbativas.

El potencial termodindmico Q(T), ) puede construirse a partir de su expresién Qo(T), i)
en la AHR

QT,p) = Q(T,p)+ AT, p) (3.41)

donde AS? es la correccién perturbativa.
2o pude ser escrito como suma de las contribuciones de fermidn (F) y de mesones escalar
(s) y vectorial (v) :

Qo(T, 1) = Qor + Qs + Qov
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cuyas expresiones son

IM*3 [® 1+ e~ AM z+a—p)
QOF(T, [l) —W. ! .__{.iz:c\/ 32 —1ln (1 + c—ﬁ(M""_a'H‘i ]

1 l 4 M‘ l 3 - i 2 *\2
= | = + = — S M-M

13 " 25 .
2w - oy = o - ey

3 poo
Qos(T) = -2 [ dez/z2 = 1ln (1 - e~Pme2)

28 Jy
3 oo
Qo,(T) = _‘:r’z"ﬂ" [ dea/z7Thn (1- oo

La correccion A2 puede evaluarse como una integral sobre el parametro de acoplamiento A

1
Al = / %\i<0(ﬁ)|,\H;m(,\)|0(B)> (3.42)
0

Para escribir (3.42) se ha extendido a la TTC el resultado de la teoria estadistica [60).
Debido a que el lagrangiano QHD-I carece de acoplamientos derivativos es

Hint = —-/ds:c Lint(z)

Debe notarse que sélo se ha tomado la componente fisica de H;pne.
Para aplicar (3.42) debe reemplazarse g’ — A g’ y emplear las ecuaciones de movimiento

(1.41) para obtener

Lint = :l,iinz (1 P= — M)ap ¢ﬂ(z)‘/;a(x') (3.43)

Con el propésito de introducir la funcién de Green exacta para nucleones G(z, z'), debe
asignarse un ordenamiento temporal a las coordenadas temporales en el lado derecho de
(3.43), por ejemplo zg > z;. Con esta eleccidn y tomando el valor esperado de vacio
térmico, resulta

<0(0)| Line (z)|0(8) >
= lim (i o — M), < 0(8) | ¥(2)dD (") | 0(9) >

X=X
z:’—oro_

= Lm itr [(i ﬂ,—M)G‘“’(r,x’)]

X/—=X
S'o—':n—

Expresando el propagador en el espacio de impulso y usando la ecuacidn de Dyson para
el propagador completo (1.16) resulta
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<O0) [ Lin@) 100)> = i Jim [ Lo ir (8- M) GOI(p)] e-irte=s)

x-x J (27)4
z:)—-xo_
X d‘p .
— i} (1a) (al) —inpo
’,,1_‘,%1_‘_/ (2r)t ir [E (p)G (P)] €

donde se ha usado (y,p* — M)G%p) =1y 6%(z — 2') = 0 . Adem3s debe realizarse una
suma sobre el indice térmicoa = 1, 2.

La contribucidn principal en las constantes perturbativas puede obtenerse reemplazando
Z(p) por su aproximacion (3.35) convenientemente regularizada y el propagador exacto por
su expresién en la AHR (3.34). De este modo sélo la componente a = 1 contribuye, pues
£(12)(p) es nula en la capa de masa ¢2 = M*2.

Reuniendo todos estos resultados puede escribirse (3.42) como

i .. dp .
= —= (11) 11 —inpo
AQ(T, p) 5 an_x.r‘x)1+ 2n)? tr [Eu (r)Gy (p)] e (3.44)

donde V indica el volumen del sistema.
La integral en (3.44) presenta un término divergente provisto por la parte de Feynman

del propagador Ggl)(p). Si se adopta el criterio de omitir completamente tal aporte se
obtiene
AQ (T,p)
" 1 1 1
= 2(M )4 {glf [S(T, #)2 —_ Z(4 —my)(B11 + B21) + Ca1 + 5(4 -m;)Cn + 5031]

1
+9'2 [25(T, p)? + 5(2 + m3)(Bi12 + B22) + 2Ca2 — (2 + m3)Cr2 + Caz] }

S(T.u) = ‘/j‘,da:\/:t:2 —1lnp(M*z+ a)+ Aap(M*z — a))

(z—y)° - Dlj)

Byj(T,n) = / de / Tdy{np(M'z +a)np(M*y+a)ln ((z — )7 = Dy

Al M2 — Vol My — o) In (z—y)* = Dy
+ar(M JAp(M*y — a)l ((Z—y)z—Dzj)}

(o] 00
Byi(T,p) = 2/ d:z/ dy np(M*z + a)ip(M*y— a)
1 1
2 .
x In —___(:c+y)2—D1,
(z +y)° — Dyj

Cij(T,p) = /ood:c:z:f' Vz2 — l[np(M*z + a) + ip(M*z — a))

1
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1t .
—np(M"zj)Ri(z, y, z;)

x/“dyy\/yz—.l/

1 _ -1%

(Va2— 1=/ =1) +m
(V= 1+VE=1) +m

z = \/;2+y2—2\/z2———1\/y2T1t+m,~

donde j =(1,2) ,fi=0paral=1,3y fi=1paral=2y

S
I

o
1l

1 1

Ri(z,9,2) = (z—2)2—y2 * (z+2)2-y2
Ra(z,9,2) = (z —zz;:— y? + (z +zz-;-22" y?
R3(z,y,2) = (22 —2z2-9y*)Ri(z,v,2)

m = ()

m = ()

Una vez logrado este resultado, la presién P, la densidad bariénica pg y la compresibil-
idad x, perturbativamente corregidas pueden evaluarse usando las relaciones habituales en
la teoria estadistica

PTW) =  —Tw (3.45)
m = —(‘;—i)m. (3.46)
K= 9(8—8‘%)7‘ = 9p5(% r . (347)

De la segunda puede extraerse el potencial quimico como funcién de la densidad . In-
sertando en las restantes se obtienen la presién y la compresibilidad como funciones de la
densidad.

3.4.4 Resultados

Los célculos en la AHR se realizaron tomando los acoplamientos y masas consignados en
[4], esto es g, = 7.37,9, = 10.1,m, = 2.32fm~!, m, = 3.96fm~!, M = 4.75fm~1. Estos
valores producen una densidad de saturacién po = 0.148 fm~3 y una energia de ligadura por
nucledn eg = —15.75MeV en la AHR.

Como explicamos en el apartado precedente, es necesario fijar las constantes ¢}, g/,. Con
este fin se han evaluado las cantidades p,x y ¢g a T=0 y a la densidad py. Distintos valores
para los acoplamientos han sido empleados, variando entre cero y un décimo del valor origi-
nal. Se encuentra que para valores con g, > g/ no existe solucién para la relacién funcional
entre la densidad y el potencial quimico. Sobre la frontera g/ ~ g/ la compresibilidad toma
valores exageradamente grandes; finalmente para ¢} < g/, k varfa ampliamente alrededor
del valor & = 450MeV obtenido en la AHR.
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gy g, ps(fm3)  Kk(MeV)
AHR | 0.00 0.00  0.148 469
A |010 010 0124 301
B |007 050 0.182 675
c |o007 091 0.191 718
D |037 091 0.187 701

Tabla 3.2 Pardmetros y resultados caractensticos para el modelo QHD-I. Los valores A-D indican distintas posibil-
idades para los acoplamientos efectivos. Se incluye la densidad de saturacion p, y la compresibilidad K obtenidos.

En la Tabla 3.2 se indica un conjunto de valores para los acoplamientos efectivos que
optimizan la densidad de saturacién, la energia de ligadura y la compresibilidad.

La densidad baridnica (3.46) es una funcién no mondtona del potencial quimico como
consecuencda de las correcciones introducidas. De esta manera existen al menos dos distintos
valores de p que corresponden a la misma pg; de éstos sélo el menor produce resultados
fisicos.

En la Tabla 3.2 se muestra la compresibilidad (3.47) a la densidad de saturacién. De allf
puede verse que la compresibilidad es afectada notablemente por las correcciones, alcanzando
valores sensiblemente menores (k¢ = 300MeV) que el correspondiente a la AHR.

La masa efectiva M* se muestra en la Fig. (3.7) como funcién de la temperatura y
en la Fig. (3.8) como funcién de la densidad. En ambos casos la desviacién M* — M*
es insignificante, ain para temperaturas elevadas. Este compc-tamiento asegura que el
método de solucién propuesto no crea inestabilidad en el esquema de cuasiparticula térmica
introducido en la AHR, al menos al orden de aproximacion empleado.

En las Figs. (3.9) y (3.10) se presentan la variacion en densidad de la presién y de
la compresibilidad respectivamente. Puede observarse que en el caso g/, > ¢! la densidad
de saturacion supera al resultado de la AHR, ademads la compresibilidad es inferior punto
a punto a los valores logrados en dicha aproximacién. En particular a la densidad pp la
compresibilidad corregida varia entre los 100 y 200 MeV. Completamente opuesto es el
caso g, = g, con una densidad de saturacién inferior a la normal y en este punto se tiene
£ =T00MeV.

En la Fig. (3.9) puede detectarse una zona fisicamente inestable para densidades bariénicas
0 < pB/po < 0.8, correspondiente a la transicién de fase del tipo gas-liquido ya presente en la
AHR. La construccién de Maxwell para el presente caso arroja los resultados presentados en
la Tabla 3.3. Las correcciones perturbativas pueden aumentar notablemente la temperatura
critica inferida en la AHR.

3.5 Conclusiones

A lo largo de este capitulo se han analizado distintos esquemas de solucién al problema
planteado por la interaccion de acoplamiento fuerte, caracteristica del medio nuclear. Se han
presentado tres métodos diferentes : la expansidn en lazos, la aproximacion de fases al azar
relativista y la aproximacidn de la transicién perturbativa. Dichos casos han sido construidos
como un camino alternativo a las aproximaciones mas habituales, ya revisadas en el Capitulo
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FIGURA 3.7 La masa efectiva M* corregida pertur- FIGURA 3.8 Comparacién de la masa efectiva como
bativamente como funcién de la densidad a T=15 funcién de la temperatura para varias densidades.
MeV. Se emplearon varios conjuntos de constantes Se muestra la ACM junto con el resultado corregido
efectivas A-C (ver Tabla 3.2); también se incluye el perturbativamente con las constantes efectivas D de
resultado de la ACM. la Tabla 3.2.

1. El propésito, en todos los casos es permitir la evaluacion de correcciones sistematicas
mediante un método de aplicacidn practica, que evite en lo posible la ambigiedad y la
complejidad de calculo que, por ejemplo, desacreditan a la AHF.

Se ha tomado como elemento de aplicacidn un modelo de acoplamiento lineal, renorma-
lizable, ampliamente conocido por su uso tanto en materia nuclear como en niicleos finitos.
Se ha prestado especial atencidn a las propiedades de la materia nuclear tales como energia
de ligadura, presién y compresibilidad.

En los tres casos l]a AHR aparece naturalmente como la aproximacidn bésica, alrededor
de la cual se construye todo el calculo. Tanto en la expansién en lazos como en la AFAR se
conserva el cardcter no perturbativo de la interaccidn. En cambio en la ATP se propone un
régimen de validez perturbativa que, no obstante, incluye los efectos no lineales en su estado
de partida. '

Justamente la fuerte no linealidad de los calculos autoconsistentes, junto con el elevado
valor de los acoplamientos ha conducido a la expansién en lazos a un régimen de inestabili-
dad. Los parametros del modelo requieren un ajuste tan pronunciado que el sistema entra
en un régimen fisico diferente. Aunque sélo se ha estudiado hasta la segunda correccion,
todo parece indicar que los resultados tedricos no admiten comparacidn con la experiencia
debido a su fuerte dependencia con el orden de aproximacidn.

Por otro lado, la AFAR debe enfrentar otro de los problemas de los cilculos no perturba-
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FIGURA 3.9 La presién como funcién de la densidad FIGURA 3.10 La compresibilidad como funcién de

. 8 T=0 en el modelo QHD-I. El resultado de la AHR la densidad a T=0 para el modelo QHD-1. El resul-

es comparado con los de ]a ATP empleando distintos tado de la AHR es comparado con el de la ATP em-

conjuntos de acoplamientos efectivos A-D. pleando distintos conjuntos de acoplamientos efec-
tivos A-D.

tivos : la aparicién de los polos fantasmas. Este efecto es conocido desde largo tiempo, sin
embargo ailn no ha sido resuelto satisfactoriamente. Si bien el esquema de aproximacidn re-
sulta conceptualmente convincente, nuevamente la magnitud de los acoplamientos conspira
contra el éxito de la solucidn. Al contrario de lo que ocurre con los polos de Landau de la
electrodindmica, los polos fantasmas de la interaccion nuclear tiene efecto en una escala de
energias relevante para el problema estudiado. Por lo tanto la presencia de efectos esptireos
es esperable a energias medias y altas, justamente en la zona de interés para la DCH.

Una forma de salvar estos inconvenientes es la propuesta de la ATP: los efectos no per-
turbativos fundamentales son incluidos en el punto de partida, carente de polos fantasmas.
Luego se realizan las correcciones mediante un esquema de perturbaciones normal que usa
acoplamientos efectivos notablemente disminuidos.

Puesto que los polos fantasmas no aparecen a ningin orden finito de perturbaciones, la
ATP se halla libre de la objecién principal a la AFAR. Por otro lado la magnitud de los
acoplamientos asegura la pequefiez relativa de las correcciones entre érdenes sucesivos. Sin
embargo el método no estd atn bien definido, sélo cuando los acoplamientos perturbativos
puedan ser determinados con precisién, podra decirse que su aplicacidn es recomendable.
Esta etapa podra ser alcanzada luego de examinar la aplicacidn de la ATP a otras situaciones
fisicas, por ejemplo a la estructura de niicleos pesados o a la dispersién de nucleones. Este
sera tema para una futura investigacion.
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5 9o T.(MeV) p(fm=3) pe(MeVim=3)
AHR { 0.00 0.00 16.0 0.078 0.105
A 0.10 0.10 21.2 0.027 0.689
D 091 091 30.4 0.065 0.462

Tabla 3.3 Valores criticos para ¢l modelo QHD-I en la ATP. Se incluyen los resultados para la temperatura T, la
densidad p. y la presién p. criticos.

Por otra parte ya que las constantes perturbativas representan valores efectivos debe
esperarse que dependan de las condiciones macroscépicas del sistema, o atin tener caricter
local para fenémenos fuera del equilibrio.

En un capitulo préximo se aplicard la ATP a modelos de mayor complejidad.
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Modelos Alternativos en la
DCH

4.1 Introduccién

Existen ciertas propiedades del medio nuclear, determinadas experimentalmente, con las
cuales deben cotejarse las predicciones de los modelos tedricos. Por ejemplo, el anilisis de
las vibraciones monopolares nucleares parecen indicar que la compresibilidad a la densidad
de saturacién toma el valor k = 210 & 30 Mev [63]. Otras evaluaciones le asignan valores
que van desde los 100 MeV [64] hasta los 344 MeV [65]. Por lo tanto sélo es posible asignar
limites para la posible variacidn de la compresibilidad entre los 100 y los 350 MeV. Igual
grado de incerteza se halla en la determinacién de la masa efectiva del nucledn : valores
entre 0.6 y 0.9 de la masa en vacio han sido obtenidos a partir de la dependencia en energia
del potencial éptico para la interaccidn protén-nicleo.

Es frecuente encontrar comparaciones entre los cdlculos relativistas realizados en la ACM
y los resultados obtenidos con una interaccion no relativista del tipo Skyrme, habitualmente
empleado en las investigaciones de estructura nuclear [66],[67]. Dicha comparacidn tiene
sentido a densidades y/o temperaturas relativamente bajas, pero no es aplicable cuando las
condiciones externas hacen presumir un régimen esencialmente relativista.

La interaccidn Skm* ha sido aplicada para describir las propiedades del niicleo en su
estado fundamental [68], tales como la energia de ligadura, radios nucleares, etc. De esta
manera se han obtenido valores de 0.78 para el cociente M*/M y de 217 MeV para la
compresibilidad. :

En la ACM para el modelo QHD-I se obtuvieron M*/M=0.556 MeV y k=540 MeV,
en tanto que en la AHR los resultados son levemente diferentes: M*/M=0.718 y k= 471
MeV. Por iltimo, en la AHF se tiene M*/M=0.52 y k=585 MeV [4]. En todos los casos
el médulo de compresibilidad k es excesivamente alto, superando ampliamente la cota de
confiabilidad indicada mas arriba. Ademds el cociente de masa decae muy ripidamente
con la densidad. Si bien los valores a la densidad de saturacién podrian ser compatibles
con la amplia incerteza experimental, un hecho inaceptable es que la masa efectiva tome
valores negativos a densidades suficientemente altas, cuando se incluyen grados de libertad
adicionales para la resonancia A [68].

Atendiendo a estas dificultades se han propuesto distintos modelos alternativos al QHD-
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I. Algunos de ellos [69]-[78] son una extensién de aquél, otros [67],[72], [73] representan una
dindmica esencialmente distinta aunque conservando los grados de libertad mas basicos.

El llamado modelo o —w no lineal (SONL) es un lagrangiano renormalizable que incluye
términos cibicos y cudrticos de autointeraccion del campo escalar o(z).

Otro enfoque para el mismo problema lo proporciona el modelo no renormalizable prop-
uesto en [70]. Dicho modelo (ZM), emplea los mismos grados de libertad e igual nimero
de acoplamientos independientes que en el QHD-I. En cambio se incluye un acoplamiento
no renormalizable, con derivadas en el campo bariénico. Usando una ACM a temperatura
cero, los acoplamientos se ajustan para normalizar las condiciones de saturacién.

Este Capitulo estard dedicado al estudio de los modelos SONL y ZM aplicados a la
descripcién de materia nuclear simétrica. En la préxima seccidn revisaremos el modelo
SONL a densidad y temperatura finitas. A continuacién se presentard la ACM para el
modelo ZM a T=0. Con el propdsito de trascender la ACM en la seccidn siguiente se separara
el término de interaccion en una contribucion de campo medio y una porcidn residual [56].
Esta interaccion remanente serd tomada para aplicar la ATP, ya presentada en el Capitulo

3.

4.2 El Modelo Sigma-Omega no lineal (SONL)

El lagrangiano de este modelo es

L = '/;(ﬁ_M)'/)—-;'(a"aa‘,o'—mfa?) _%FW’F‘W

—%mzw#wu - gﬂ/_""l) + yu"/; iy — Bl‘bo'a - 4100'4

donde g,, gy, b, c son constantes de acoplamiento. Dichas constantes pueden fijarse em-
pleando las propiedades de la materia nuclear exclusivamente. Las condiciones de saturacion
proporcionan dos vinculos, los restantes pueden obtenerse fijando los valores para la masa
efectiva m* = M*/M y de la compresibilidad «, a la densidad de saturacién en la ACM.
Una segunda opcidn consiste en retener solamente las condiciones de saturacién e introducir
informacidon adicional por consideracidn de los efectos de superficie del medio nuclear.

Existen dos cantidades que caracterizan la superficie :

i) La energia de superficie, que puede obtenerse a través del término a, A2/3 de la férmula
semiempirica de masas, a, = 19+ 1 MeV [79].

it) El espesor de superficie t, es la distancia radial entre los puntos en que la densidad
disminuye de 0.9p¢ a 0.1pp. A partir de la distribucién de densidad en nicleos pesados se
obtiene t=2.2 £ 0.1 fm [80].

4.2.1 Materia Nuclear Infinita

Las ecuaciones de movimiento en la ACM se reducen a

EP-M*)Y = g0y
m,a2 + b2 +ca® = —g,p,
ms‘:’ = GguPB
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k(po)(MeV) C? C? B x1072 Cx10"! m*(po)
400 367.1 264.6 -0.096 -0.013 0.55
289.8 1993  -0.054 0.011 0.65
209.8 1324 0.245 0.192 0.75
102.4 64.5 6.855 4.234 0.85

300 380.7 264.6 -0.161 -0.022 0.55
306.7 199.3 -0.217 -0.019 0.65
2332 1324 -0.328 0.039 0.75
138.9 64.5 1.723 1.953 0.85

210 393.1 2646 -0.216 -0.031 0.55
3222 199.3 -0.352 -0.045 0.65
255.9 1324  -0.784 -0.081 0.75
183.6 64.5 -1.778 0.396 0.85

100 408.4 264.6 -0.280 -0.040 0.55
341.7 199.3  -0.504 -0.074 0.65
2859 1324  -1.277 -0.212 0.75
264.4 64.5 -5.104 -1.081 0.85

Tabla 4.1 Los parémetros del modelo SONL como funciones de la compresiblidad « y la masa efectiva M"* a la
densidad de saturacién.

La densidad de energia viene dada a T=0 por

g\’ 1 1 1
= v 1 222, 2;-3, 2 -4
€ = ( u) p3+2m,0' +3ba +4ca'
d3
+5/ﬁ VP2 + M*20(pr — p) (4.1)

La presidn y la compresibilidad se evaluan usando (1.27) y (3.47) respectivamente. Como
es costumbre se ha usado M* = M — ¢, &, 6 es la degeneracidn de spin e isospin, el impulso
de Fermi pr viene dado mediante (1.11).

Como primer paso para fijar las constantes de acoplamiento se usara el teorema de
Hugenholtz-van Hove [81] que establece que la energia de Fermi Er debe ser igual a la
energia por nucledn en la saturacién. De esta manera se obtiene

Er(po) = 5(po) =ep+M
donde debe usarse Er = g, @ + \/p% + M**.

De estas dos férmulas puede despejarse a g, como funcién de M*(po) si la energia de
ligadura por nucledn eg y la densidad de saturacién son conocidos. Puede verse que g, es
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FIGURA 4.1 Laecuacién de estado para materia FIGURA 4.2 La ecuacién de estado para materia
nuclear a T=0. Las constantes de acoplamiento nuclear a T = 100MeV. Las constantes se han fi-
han sido fijadas para reproducir las condiciones de jado para obtener las condiciones de saturacién y el
saturacién y el valor de la compresibilidad a la valor de la masa efectiva a la saturacién m* = 0.55.
saturacién, £ = 210MeV. Se ha tomado como Se ha tomado como parémetro la compresibilidad a
pardmetro la masa efectiva del nucledn. la densidad de saturacidén.

funcidn decreciente de M*, por lo tanto la influencia del campo vectorial aumenta cuanto
menor es la masa efectiva, en cuyo caso la ecuacién de estado es cada vez mas dura.

Los restantes acoplamientos son elegidos para normalizar las condiciones de saturacién
y la compresibilidad a valores entre 100 y 400 MeV.

En la Tabla 4.1 se muestran los acoplamientos asi obtenidos. Alli se usan las siguientes
definiciones: C, = Mg,/m,,C, = Mg,/m,, B =b/Mg3,C = c/g}. La constante ¢ debe ser
positiva a fin de asegurar la existencia de un estado fundamental, sin embargo esto no se
cumple cuando m*(po) < 0.55 6 x(po) < 180 MeV.

En la Fig. (4.1) se demuestra la fuerte dependencia de la ecuacién de estado con el
cociente m*(pg); este efecto se acentia para densidades extremas. Tal comportamiento
puede ser explicado si se tiene en cuenta que a altas densidades la contribucién dominante
en (4.1) proviene del acoplamiento vectorial y a su vez, éste varia exclusivamente con m*(po).
El caracter de la ecuacion de estado es practicamente insensible al valor de la normalizacién
de . Esto puede verificarse en la Fig. (4.2) donde se muestra una familia de ecuaciones de
estado duras a T=100 MeV (a T=0 la diferencia entre curvas es despreciable).

Se ha demostrado [71] que aquellas soluciones con ¢ < 0 presentan serias dificultades,
como la de producir una velocidad del sonido mayor que la velocidad de la luz, masas
efectivas multivaluadas, etc. El umbral de este fendmeno ocurre para una compresibilidad
de 200 MeV, indeseablemente préxima a los valores fisicos . Atin para k > 200 MeV existen
parametrizaciones con ¢ < 0.

86



4.2.2 Materia Nuclear Semi-infinita

Las ecuaciones de movimiento para el régimen de equilibrio estacionario son

(V2-m?)o = bo? + co® + g, p, (4.2)
(V2-m})® = —gups (4.3)
(i7-V+ M)y = (E—gu@)70¥ (4.4)

En la aproximacién de Hartree los campos de mesdén pueden ser reemplazados por sus
valores esperados de vacio. En el caso actual no puede suponerse uniformidad espacial,
sélo puede haber invariancia traslacional en planos paralelos a la interfase. La dependencia
espacial se reduce a la coordenada z, perpendicular a la superficie (2 = 0). Para z — —c0
son validas las condiciones de saturacién para materia nuclear infinita y el impulso de Fermi
viene dado por (1.11). Para z — +0o0 se tiene espacio libre con campos nulos.

Usando la funcién de Green que satisface las condiciones de contorno enunciadas, puede
escribirse

400
o(z) = —2;' ) ezp(—m, |z —2'|) [g,p,(z') +bo?(2') + cas(z')] dz’ (4.5)
+o00
a(z) = 2rlnu /- exp(—my, | 2 —2' |) gupB(Z') d’ (4.6)

En la ATF puede evitarse el calculo de las funciones de onda de los nucleones (4.4),
empleando la hipétesis de la densidad local. Se supondra que las mismas relaciones obtenidas
para materia infinita son validas localmente, entonces

pa(x) = 6ph(z)/3n?
_ pr(z) dz M"(z)
() = 4”6/ Vo? + M2(z)

y el impulso de Fermi local pr(2z) debe evaluarse usando

) 4 m

Er = g,0(2) + /p%(z) + M*%(2)

con M*(2) = M — g, 0(2).
La densidad de energia ¢(z) es una generalizacion de (1.56)

) = 3 (i—"u)ng(z) -3 (%‘-)2 (M - M*2)?

s

5 pr(z) :
+W/o dpp*V/p? + M*?(2)
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Debido a que tanto p, como pp son funciones de M* y de pr(2), que a su vez vienen
definidos en términos de o(z), (4.5) es una ecuacion integral no lineal para esta funcion.

La energia de superficie puede evaluarse mediante

= r +°°€Z— i@l z
@ = 4 g/_L [() NS (4.7)

donde N = f:’? dz pp(z). La constante L toma valores suficientemente grandes (del
orden de los 10 fm) de modo que la situacién en z = —L es con buena aproximacion
la correspondiente a materia infinita. N es la densidad superficial media de nucleones y
Ne(po)/po es la energia que tendrian los nucleones comprendidos entre —L < z < 400 si
estuvieran distribuidos uniformemente a la densidad po.

La solucién numérica de (4.5),(4.6) implica un proceso iterativo que comienza con una
funcién de prueba adecuada.

Para materia nuclear infinita, de los seis parametros g,, gy, b, ¢, m,, m, sélo las combi-
naciones C,,Cy, B, C aparecen. Usando la normalizacidn de las condiciones de saturacién
las constantes B, C pueden expresarse en términos de C,,C,. Todas las cantidades evalu-
adas posteriormente aparecen como funcidn de ambos acoplamientos. En particular de la
condicién de la densidad de saturacién se obtiene

m = [ - Curmy] -5

Las lineas de igual compresibilidad en el plano C, — C, se muestran en la Fig. (4.3)

De estos dos dltimos resultados puede verse que el efecto de aumentar la constante de la
interaccion vectorial consiste en disminuir la masa efectiva y aumentar la compresibilidad,
Jjustamente los dos problemas mas marcados del modelo QHD-I. Por lo tanto puede decirse
que la autointeraccion cudrtica repulsiva del modelo no lineal asume parte del efecto propio
del mesén vectorial, permitiendo un menor valor para su constante de acoplamiento. Esto
es tan asi que las condiciones de saturacién y ciertas propiedades de la superficie pueden
ajustarse adecuadamente aun en ausencia total del acoplamiento vectorial.

Cuando se considera la presencia de la superficie, se rompe la invariancia traslacional,
introduciendo una longitud caracteristica, como es el espesor t. Ahora las constantes m,, m,
aparecen como parametros independientes. La masa m, puede fijarse al valor experimental
de 780 MeV. Por lo tanto sélo restan C;, C,, m, para ser fijados mediante las condiciones
en la superficie.

En la Tabla 4.2 se muestran distintos valores obtenidos para a, y t como funcidénes de
C,,C,, m,. Puede concluirse de aqui que la energia de superficie y el espesor dependen de
manera aproximadamente lineal con m,.

Los acoplamientos que mejor ajustan los valores a, = 19+ 1 MeV, ¢t = 2.2+ 0.1 fin se
hallan entre C, =8+ 1,C, = 1+ 1, m, = 250 MeV; para los cuales se obtiene x = 150 % 50
MeV y m* = 0.85 £ 0.05. La compresibilidad ha bajado considerablemente respecto del
calculo para QHD-I en la ACM. Valores similares se han obtenido con interacciones no
relativistas en la ATF [82).
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FIGURA 4.3 Lineas de igual compresibilidad en el plano de las constantes de acoplamiento C, = Mg, /m,,C, =
Mg, /m,. Los valores numéricos indican la compresibilidad. Se ha empleado el modelo SONL a T=0y la densidad
de saturacién. También se ha representado el punto correspondiente & lJa ACM del modelo QHD-I1.

4.3 El Modelo de Zimanyi-Moszkowski (ZM)

El modelo SONL ha demostrado suficiente ductilidad como para ajustar adecuadamente las
condiciones de saturacion de la materia nuclear infinita junto con las propiedades de super-
ficie para materia semi-infinita. Pero esto fue realizado al costo de aumentar el nimero de
pardmetros libres. Ademads cuando las constantes de acoplamiento se eligen para reproducir
las propiedades del estado fundamental de varios micleos finitos se encuentra que la masa
efectiva a la densidad de saturacién cae nuevamente hasta valores no realistas [83].

Atendiendo a este problema en [72] se propone un modelo no convencional, con los
mismos grados de libertad que el QHD-I y preservando la cantidad de pardmetros libres.
Debido al cardcter no renormalizable del modelo, los cdlculos realizados hasta el momento
sélo aplican la ACM. A este orden de aproximacidn los valores obtenidos para m* y x en
la saturacién son fisicamente aceptables. Sin embargo, su empleo en el estudio de nicleos
finitos [76] ha demostrado serias limitaciones haciendo necesaria la extensién del modelo en
el mismo sentido del pasaje del QHD-I al QHD-II.

4.3.1 El Modelo

El modelo ZM agrega al lagrangiano QHD-I un término de interaccién entre el mesén escalar
y el gradiente del campo de nucledn ademds de un vértice de acoplamiento para nuclesn y
ambas clases de mesones conjuntamente. La densidad lagrangiana es

L = —$M¢+(1+9£;)1/3(iﬁ—gu )Y
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C, C, B C m,(MeV) @a,(MeV) t(fm)
80 2.0 0.361 6.896 150 323 3.3
200 24.6 2.5
300 16.6 1.6
400 12.4 1.1
500 10.1 0.8
8.0 1.0 0445 9.465 150 28.0 3.2
200 21.2 2.4
300 14.2 1.6
400 10.6 1.2
500 8.5 0.8
8.0 0.0 0.482 10.164 150 26.6 3.2
200 19.1 24
300 13.0 1.6
400 10.2 1.2
500 7.5 0.9

Tabla 4.2 Los parémetros del modelo SONL como funciones de |a masa del bosén escalar m,. Se incluyen algunos
resultados caracteristicos como la energia de superficie a, y el espesor de superficie t, evaluados en la ATF.

+% (88,0 — m?a?) — %F‘“’Fy, - %mﬁw"w,, (4.8)

Usando el procedimiento de escaleamiento de campos [84], se propone la transformacién

_v
VI+3F

bajo la cual el lagrangiano (4.8) pasa a la forma

Yy —

= = yMy b(i d— l “ 2.2
Lzm = 1+gﬁq'+¢(lﬂ v ¢)¢+2(6 oduo m’o')
3P P - Gt (4.9)

que elimina los términos de interaccidn adicionales, indicados en el parrafo inicial, en
favor de un acoplamiento altamente no lineal entre el nuclesn y el mesén escalar.
Las ecuaciones debidas a (4.9) son

((p-m"M-g, )y = 0 (4.10)
a#F’;u/ +m|2;wll = gzﬂ/})'u’/’
(@+m?)o = gmPy
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El tensor de energia impulso es

TF = i)ty +0*00" 0 — a"w'\Ff —g*"Lzm

de aqui puede extraerse la densidad hamiltoniana 7(z), que a menos de derivadas tem-
porales totales puede escribirse

H(z) = PGy -V+m M)y + %(Va’)2 + -;-mfcrz

1 . 1 -
+§ (Vwo)? + wids; — §m3w“w,. +guth o

Para materia uniforme, en régimen estacionario la ACM puede implementarse efectuando
los reemplazos (1.47); tras lo cual la densidad H(z) se reduce a

«\ 2 2
H(z) = tZ(i'r-V+m‘M)¢+%(Mm'l‘_m) +1(gﬂ)

gs m* 2\ m,

tras usar las correspondientes ecuaciones de movimiento.
La densidad media de energia es

€ =—1 ﬂl_i.r(1)'1+/%tr[(l7+ m* M) G(p)) einPo

o\ 2 2
+1 (Mm‘l—m ) +1(——g"”3) (4.11)

2 Js m* 2\ m,

donde G(p) es la funcién de Green exacta para nucleones y m* viene determinada por
la ecuacién integral

m,

1-m* m*\?
M = -(g—) Pa (4.12)

con

b= i [ o (G

obtenida a partir de la ecuacidn (4.10).

Dentro de la ACM se reemplaza el propagador exacto por su aproximacién Gy (1.60) y
seeliminan contribuciones divergentes del mar de Dirac. En este caso debe interpretarse la
masa efectiva como M* = m*M.

Las constantes de acoplamiento se fijan normalizando las condiciones de saturacién.
Solamente las combinaciones C;, C, son necesarias. En la Tabla 4.3 se comparan los valores
obtenidos con los correspondientes al modelo QHD-I.

Una vez fijados los acoplamientos, el cociente m* y la energia de ligadura son evaluados
como funciones de la densidad y a T=0. Los resultados se muestran en las Figs. (4.4) y
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C? C: m* k(MeV)
QHD-I | 266.7 195.5 0.54 545.6
ZM 143.0 46.0 0.85 224.8

Tabla 4.3Comparacién entre los pardmetros y resultados de la ACM para los modelos QHD.I y ZM.Se incluyen la
masa efectiva del nucledn m*® y la compresibilidad «.

(4.5) respectivamente. Tambien se incluyen allf los resultados provenientes de la ACM para
QHD-I y aquellos obtenidos de un calculo no relativista con la interaccion Skm*.

A la densidad de saturacién se obtiene m*=0.85 y x = 225 MeV. Puede observarse que
a densidades medias y altas la masa efectiva decrece mucho mas lentamente para ZM que
para QHD-I, en tanto que Skm* se aproxima al resultado ZM para densidades inferiores a
la de saturacién pero sigue la tendencia del QHD-I a densidades elevadas.

Las correspondientes ecuaciones de estado presentan poca diferencia a bajas densidades,
en cambio para densidades extremas la curva QHD-I tiene un crecimiento mucho mas pro-
nunciado que la ZM y Skm* resulta un caso intermedio. La densidad de saturacién para
Skm*® es levemente menor respecto de los restantes casos.

Estos resultados han sido extendidos a temperatura finita usando el formalismo de fun-
ciones de Green a tiempo real [77], [56]. Célculos similares usando la DTC se reportan en
[78].

Las férmulas (4.11), (4.12) siguen siendo vilidas, donde ahora G(p) es la componente
(11) de la funcion de Green térmica (3.34) con M* = m* M. Una vez desarrolladas se obtiene

¢ = b [ 20 B pup(E) 4 Ar(E)

)
e (Mm. l—m‘)2+§_(guP8)2
2 gs m* 2\ my
- s ? 4 d3p l n
1—-m = (m—'> 6m (27)3 E[nF‘(E )+nF(E )]

con

pB = 6/(%;;;3 [nr(E*) — Ap(E*)]

E* = /p*+ M+

el indice de degeneracidn § vale 2 (4) para materia neutrénica (nuclear) y n(E),#(E)
son los nimeros de ocupacidn para fermiones y antifermiones.
La presién viene dada por (1.46)

.\ 2 2
P = l Mm;1-—m +l 9vpPB
2 Js m* 2\ m,
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FIGURA 4.4 La masa efectiva del nucledn como
funcién de la densidad bariénica a T=0. Se com-
paran los resultados de la ACM para los modelos
ZM y QHD-1 y para el potencial no relativista Skm*

FIGURA 4.5 La ecuacién de estado para materia
nuclear segin los distintos modelos QHD-I, ZM y
Skm®. En todos los casos se han ajustado los
parametros para normalizar las condiciones de sat-
uracién.
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En la Fig. (4.6) se muestra el cociente m* en funcidn de la densidad para temperaturas
de 0, 100 y 200 MeV. Se incluyen los resultados del modelo QHD-I. Por debajo de los 100
MeV ambas curvas coinciden para bajas densidades, pero difieren notablemente a densidades
elevadas ; en cambio a T=200 MeV una considerable diferencia se mantiene para todas las
densidades. En la Fig. (4.7) el mismo cociente versus la temperatura demuestra que a muy
baja densidad y T< 120 MeV ambos resultados difieren sélo muy levemente, en tanto que
para T> 200 MeV la diferencia es marcada.

T.(MeV)  p.(fm=3) p.(MeVfm=3) m*
QHD-1 20.56 0.087 0.643 0.781
ZM 16.51 0.067 0.287 0.923
Skm* 14.60 0.052 0.210 0.920

Tabla 4.4 Comparacién de los valores criticos para los modelos QHD-I, ZM y Skm®. Se incluyen los resultados
para la temperatura T, la densidad p. y la presién p. criticos ademds de la masa efectiva M* evaluada en tales
condiciones.
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FIGURA 4.6 La masa efectiva del nuclesn como funcién FIGURA 4.7 La masa efectiva del nucledn como funcién
de la densidad para varias temperaturas. Lineas conti- de la temperatura a densidad bariénica cero. Las dos

nuas identifican al modelo QHD-I, mientras que aquellas curvas corresponden a los modelos ZM y QHD-I en la
punteadas corresponden al ZM. ACM.

La comparacion entre ambos casos se continua en la Fig. (4.8) para la energia de ligadura
por nucledn. Alli se incluyen las curvas correspondientes a T= 0, 10 y 18 MeV.

La presion en términos de la densidad para T= 5, 10 y 18 MeV se exhibe en la Fig.
(4.9). Tanto los resultados del ZM como los del QHD-I presentan una curva del tipo de van
der Waals, con una transicién de fase tipo gas-liquido. La construccién de Maxwell permite
deducir los valores criticos registrados en la Tabla 4.4, junto con los correspondientes al
Skm* [78]. En cualquier caso la presién crece de manera mas pronunciada en el caso QHD-I
que del ZM, para densidades mayores a pg.

Para terminar esta seccién haremos un comentario acerca de la arbitrariedad en la
eleccidén del lagrangiano (4.8). Dicho modelo simula un acoplamiento minimo, con derivada
covariante 9, + ig,w,, de esta manera se generan vértices nucledn-mesdn escalar y nucledn-
meson escalar -mesén vectorial. Una versidn mas sencilla consiste en

v 7 gso\ -. _ -
£ o= —gMy+ (1+L7) Gi 6 - 0.3 pv
+% (#0080 — m2o?) — i—F‘“’F,,,, + -;-m:‘,’w“w,,

sin embargo se encuentra que descontando la contribucidn cinética, la energia ¢p es
definida positiva [72], es decir no existen estados ligados.
Otra forma posible es
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presentan los resultados de la ACM para los modelos ponden al modelo ZM, en tanto que aquellas pun-
teadas indican al QHD-I.

ZM y QHD-1.

£ = M+ (1+22) (% Py - 9.9 0

-;— (0*0du0 — m2a?)

—%F’“’pr + %mﬁw“w"] +

que bajo la transformacién

se convierte en

.z o[- = 1 ., 1
£ = if =t (GG + 0B b= SFHF kTt
+% (0*00,0 — m2o?)
a partir de aqui se obtiene la siguiente energia de ligadura por nucledn
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"o - 7l — . inpo
€ = 1,71_1.[& (27r)4tr[(p+r_n M)G(p)]e

«\ 2 2
+1 Mm,1—-m ) +lm' (gva)
2 Js m* 2 my
donde m" se obtiene a partir de (4.10).
Comparada con (4.11), €}, introduce un factor m* en la contribucién del acoplamiento
vectorial. Esto produce una ecuacién de estado bastante mas blanda que en el caso (4.9)

para densidades proximas a la de saturacidn, alli se tiene m*=0.82 y k=205 MeV. Dicho
comportamiento se acentia alin mas a densidades elevadas.

4.3.2 Materia Semi-infinita

Con la finalidad de evaluar efectos de superficie se empleard la ATF. Como se indicé en el caso
del modelo SONL el tnico pardmetro libre es m,, una vez adoptado el valor m,=780 MeV.
La energia de superficie a, viene dada por (4.7) y la densidad de energia por (4.11).

En las Figs. (4.10) y (4.11) se muestran los resultados de evaluar la energia de superficie
a, y el espesor t respectivamente, como funcién de la masa m, para los modelos ZM y
QHD-1. Para ambas magnitudes el caso QHD-I es siempre mayor, esto es coincidente con la
elevada compresibilidad obtenida. Un alto valor para « implica una superficie extensa y, en
consecuencia, una gran energia de superficie.

La cantidad a, al igual que t,es una funcién linealmente decreciente de la masa m,. Esto
se explica porque al aumentar a, decrece el rango de la atraccidn escalar y la separacién
media entre particulas. El efecto resultante es la disminucidn de la superficie del medio
nuclear.

4.4 El modelo ZM mas alld de la ACM

En los dos ejemplos revisados, el SONL y el ZM, se acentiian los efectos asociados al mesén
escalar. En el SONL esto es realizado mediante una autointeraccion renormalizable que
introduce dos nuevos acoplamientos. La totalidad de las investigaciones consultadas emplean
la AHR o la mas sencilla ATF, cuando hay presentes efectos de finitud.

La ductilidad del modelo permite ajustar no sélo las condiciones de saturacién de la
materia nuclear sino tambien las propiedades de la superficie. Se han obtenido valores
razonables para la masa efectiva (m* = 0.85 £ 0.05) y para el médulo de compresibilidad
(x = 150+ 50 MeV) a la densidad de saturacién, usando una masa liviana (m, ~ 250 MeV).

El modelo ZM es no renormalizable y dispone de igual nimero de pardmetros libres que
el mas conocido QHD-I. Una vez normalizadas las condiciones de saturacién se obtienen
los valores m*=0.85, k=225 MeV, a, =18.75 MeV y t=2.09 fm para m,=400 MeV. Estos
resultados han sido conseguidos a pesar del reducido niimero de variables disponibles para
el ajuste fenomenoldgico.

Debido a la estructura del lagrangiano la tinica solucién incontrovertible proviene de la
ACM. No existe ningin método evidente para introducir correcciones a dicha solucién de
orden minimo. En esta seccidn estudiaremos la estabilidad de la ACM empleando la ATP
introducida en el Capitulo 3. Se consideraran los efectos debidos a la densidad y temperatura
finitas.
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FIGURA 4.10 La energfa de superficie a, en FIGURA 4.11 El espesor de superficie t como

términos de la masa del bosén escalar. Las curvas funcién de la masa del bosén escalar a T=0. Las

corresponden a los modelos ZM y QHD-1 en la ATF. curvas correspomnden a la ATF para los modelos
ZM y QHD-I1.

4.4.1 La Interaccién Residual

A fin de incluir las correcciones cuanticas a la solucién de la ACM, puede realizarse una
expansién de los campos de mesén alrededor de sus valores medios &,&:

o = o040

- '
wy = @bou +wy

donde ¢'(z),w},(z) indican fluctuaciones cuénticas.
Realizando este reemplazo en (4.9) se obtiene

- - 1 1
Lzm = $(P—gm@)¥+3 (3“0’6,,0’ - mfa’z) - ZFIWF‘I‘”
12/#1_ T 1/;‘7¢ 2~ 1 2= 1
tomuww, —gu¥ B9 [T fomo + mijowy — mjdo (4.13)

- ] I —_ LAY

donde Fj, = duw, — dywj y m* = (14 47)".
Teniendo en cuenta que o'(z) representa correcciones cuanticas al valor cldsico, es ra-
zonable esperar que en cierto régimen dindmico se cumpla < ¢/2 > << &2 y por lo tanto se
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cumplira (g,m*/M)? < o’(z)? > << 1. Bajo esta suposicién es vilido retener solamente los
términos de menor orden en el acoplamiento entre nucleones y mesones escalares en (4.13)

-M‘ T Af* 2 7
ey = Mgy

En esta aproximacion (4.13) se reduce a £ = Lo + Lin¢, donde

Lo = B(P-gv700 - M)y + 5 (00'0,0" — mio”)

_-i—F”‘”F"w + -;—mﬁw'“w;‘
Lint = g,90'y —guth Yt + m2oa’ — m?55'

El término £ describe la dindmica de campos de bosones libres ’(z),w),(z) y nucleones
efectivos ¥(z) obtenidos en la ACM; el término L;n:(z) proporciona el acoplamiento lineal
entre dichos campos. La interaccidn asi obtenida aparenta el acoplamiento del modelo QHD-
I més términos adicionales lineales en los campos de mesén.

El acoplamiento escalar efectivo ¢/ definido mediante

9, = m'(pB,T)gs

varia con la densidad bariénica y la temperatura. Asi, en esta aproximacion ha surgido
dindmicamente un acoplamiento efectivo que tiene en cuenta las propiedades globales del
medio nuclear y coloca a los campos en interaccion, trascendiendo la ACM. Ya que la in-
teraccién residual L;ni(x) es renormalizable, puede aplicarse cualquiera de los métodos de
correcciones sistemadticas expuestos en los capitulos precedentes. A continuacién empleare-
mos la ATP para estudiar la estabilidad de la ACM frente a correcciones de orden superior,
a densidad y temperatura finitas.

Recordemos que en este esquema de solucién se supone una marcada diferencia en el
valor de los acoplamientos. Se empleara la hipétesis de que los valores perturbativos pueden
obtenerse mediante un simple reescaleamiento, es decir, si se conocen los valores g, 940
de los acoplamientos para un determinado estado de referencia con densidad baridnica pop
y temperatura Ty, entonces los valores ¢4, g, para cualquier otro estado con densidad pp y
temperatura T vienen dados por

‘A — 950
m*2(pp,T) m*2(po, To) -

9y = uo

Usando estos acoplamientos puede realizarse una expansién perturbativa que incluya los
efectos de Lin:.

Para fijar los acoplamientos se elige como estado de referencia el de la materia nuclear a
la densidad de saturacién y temperatura nula.

A continuacidn se realiza una exploracion del plano ¢}, — g., tomando la energia de
ligadura, la presién y la compresibilidad perturbativamente corregidas como magnitudes
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FIGURA 4.12 Diagramas de Feynman al segundo orden perturbativo para la interaccién residual linealizada.

relevantes para seleccionar los valores de dichos acoplamientos. El analisis de los resultados
obtenidos para un amplio rango de densidades y temperaturas brindara el criterio para
Justificar las hipétesis realizadas.

4.4.2 Célculo Perturbativo

A fin de introducir correcciones perturbativas al segundo orden en las constantes de acoplamiento
efectivas, se tomara la solucién proporcionada por la ACM como orden cero. Por lo tanto

el propagador de nucleones en el estado sin perturbar viene dado por (3.34), donde debe
tomarse M* = m*M. Ademds los propagadores no perturbados de los campos de mesones
coinciden con los correspondientes a la solucién de particula libre debido a que la ACM no
introduce modificaciones en las propiedades de dichos campos.

El segundo orden perturbativo incluye los diagramas de Feynman indicados en la Fig.
(4.12), que presenta un par de diagramas extra (indicados con el subindice ad) respecto del
mismo orden para el modelo QHD-I.

La autoenergia propia de nucledn EE:;) consta de los siguientes términos

(ab) _ ) , w(ab b
56 = Thep+Ziros + Sl
donde los términos directo (D) y de intercambio (ex) coinciden formalmente con las
expresiones (3.32) y (3.35) respectivamente, donde las constantes de acoplamiento usadas
deben interpretarse como los acoplamientos dependientes de la densidad generados en la
seccién precedente. El término restante viene dado por

s = — (eim25A%(0)bap + gim2m Do(0) 74y ) €a

¥ €a = (—1)°*! para a=1,2.

Los términos Xp,X.; presentan divergencias que pueden eliminarse mediante los con-
tratérminos adecuados. Un método mas sencillo consiste en omitir los aportes divergentes
del mar de Dirac. En este caso el resultado regularizado coincide con las expresiones presen-
tadas en (3.39),(3.38) con las obvias modificaciones de interpretacién de los acoplamientos.
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G0 g __p(m3) (MeV) &« (MeV)

ACM 0.000 0.000 0.193 15.73 226.19
Acopl. A | 0.100 0.175 0.199 15.80 243.52
Acopl. B | 0.200 0.360 0.208 16.00 270.76
Acopl. C | 0.250 0.340 0.203 15.30 251.83
Acopl. D | 0.160 0.380 0.205 15.80 261.11

Tabla 4.5 Los pardmetros y resultados de la ATP para la interaccién residual del modelo ZM. Los valores de los
acoplamientos efectivos A-D han sido seleccionados para aproximar las condiciones de saturacién de la ACM. Se
incluyen la densidad p, y la compresibilidad & en la saturacién, as{ como la energia de ligadura por nucledn ¢.

La masa efectiva corregida M* se define mediante

M (T,pp) = M"+Z0V(g0=M",p=0)

donde sélo interviene la componente escalar de Lorentz de la autoenergia. Se encuentra
que asi definida, la expresidn analitica para la masa efectiva contiene una parte imaginaria,
que se anula idénticamente siempre que M*(T, pp) < 2m,. Esta iltima condicidn se verifica
para el dominio 0 < T < 200 MeV, 0 < pp < 3po, con pp la densidad de saturacién normal.

El potencial termodindmico correcto al segundo orden perturbativo puede construirse
empleando (3.41)-(3.44).

El procedimiento para evaluar la presién, la densidad baridnica y la compresibilidad es
el mismo que se indicd en (3.45)- (3.47).

La ACM es evaluada usando las masas y acoplamientos consignados en [72].

La biisqueda de los acoplamientos g'g, 9/, 2 la densidad de saturacion de la ACM y
temperatura cero, se realizé tomando valores comprendidos entre cero y los valores usados
en la ACM. Parte de los resultados se consignan en la Figs. (4.13) y (4.14); la ultima es
una ampliacién de un sector de la primera. El reticulado del plano (g)4,4.,) se extiende
entre 0 y 5 para cada eje. Se han determinado las curvas de igual valor para la energia de
ligadura por particula relativa z = ep/15.75 y la presién p [MeV fm~3). Se encuentra que
el plano se halla dividido en sectores segiin el signo de x y de p. De aqui se desprende que
las condiciones simultdneas x=1, p=0 no pueden obtenerse estrictamente.

Un conjunto de pares de acoplamientos ha sido seleccionado (indicados A,B, C y D en
la Fig. (4.14)) con el criterio de que los valores obtenidos para las condiciones de saturacion
difieran a lo sumo en un 20 % respecto de los valores fijados en la ACM. Estos acoplamientos
junto con las respectivas condiciones de saturacién se indican en la Tabla 4.5.

En la Fig.(4.15) se grafica el cociente g/ /g}, como funcién de la densidad para tem-
peraturas de 0, 20, 40, 60 y 80 MeV. El comportamiento es mondtono decreciente y puede
apreciarse que los efectos térmicos no son importantes, atin a densidades elevadas. El mismo
cociente en términos de la temperatura se indica en la Fig. (4.16) para densidades entre
un décimo y tres veces la densidad de saturacién. Para una dada densidad la variacidn con
la temperatura es muy reducida hasta cierta temperatura umbral Ty (Tp ~ 150MeV para
pB = 0.1pg; T~ 250 MeV para pp = 3pg). A partir de alli g} /g%, decae rapidamente. Todas
las curvas parecen coincidir asintéticamente por encima de T=300 MeV.

100



0.5

0.9
0.8
0.7
06 |-

0.5

0.0 e
0.0 0.1 0.2 0.3 0.4 0.5 0.6 0.7 0.8 0.9 1.0

g, 3 gy

Figura 4.13 Distribucién de la energfa de ligadura rela- Figura 4.14 Ampliacidn de un sector de la Fig. 4.13,
tiva x y la presién p en el plano de las constantes efecti- de donde se han extraldo las constantes A-D empleadas
vas perturbativas a la densidad de saturacién y tempe- en los célculos. Al igual que en la figura anterior se
ratura cero. Lineas continuas correspoden a curvas de indican los valores de x y de p {(en MeV ]m'3) junto a
igual x y las punteadas indican curvas isobdricas. cada curva.

El comportamiento de la masa efectiva M* versus la densidad para T=0, mostrado en la
Fig. (4.17), indica que la correccién perturbativa M* — M* es insignificante para densidades
de hasta tres veces la densidad normal.De aqui debe interpretarse que las perturbaciones no
modifican esencialmente el régimen fisico de la ACM, al menos al orden considerado. En
particular no introduce inestabilidad al esquema de cuasiparticula térmica construido en la
ACM.

La energia de ligadura por nucledn a T=0 se compara en la Fig. (4.18) para los distintos
casos perturbativos y el resultado de la ACM. La densidad de saturacién con correcciones
es mayor que la ACM, en tanto que la energfa de ligadura varia por encima o por debajo
del valor de normalizacidn, segiin los distintos casos. El rango de densidades para materia
nuclear estable es aumentado por las correcciones perturbativas.

Las correcciones a ]a presién como funcién de la densidad son practicamente despreciables
a T=0. En tanto que a T=20 MeV sélo cobran importancia relativa por encima de pg =
0.3fm~3( Fig.(4.19) ).

Puede verificarse en la Fig. (4.20), que las correcciones al médulo de compresibilidad se
anulan a T=0mientras que a T=20 MeV se detectan solamente leves diferencias ( Fig.(4.21)

)

En coincidencia con el resultado registrado en el Capitulo 3 para el modelo QHD-I,
la ATP parece proporcionar un método confiable para la introduccidn de correcciones sis-
temdticas.

Como indicamos oportunamente es necesaria la confirmacién proveniente del estudio de
otros sistemas fisicos. En particular resulta de interés la aplicacién de la'ATP a niicleos fini-
tos con el propésito de esclarecer si las discrepancias obtenidas en el anélisis del acoplamiento
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FIGURA 4.15 E! acoplamiento escalar efectivo rel. FIGURA 4.16 El acoplamiento escalar efectivo rel-
ativo a su valor en la saturacién como funcién de la ativo a su valor en la saturacién como funcién de la
densidad a varias temperaturas. temperatura para distintas densidades.

spin-6rbita para nicleos esféricos [76] es un problema intrinseco del modelo ZM o bien una
caracteristica de la ACM.

4.5 Conclusiones

Se ha resefiado la aplicacidn de dos modelos para la interaccidn entre nucleones. Estas
dos versiones pretenden retener el enfoque global del modelo QHD-I para la dinamica de
hadrones : :

1) sencillez en la seleccion de los grados de libertad efectivos, aunque altamente significa-
tivos para la descripcién del medio nuclear.

i) economia en la disposicién de parametros libres, que son fijados para normalizar las
propiedades empiricas.

i11) empleo de técnicas de resolucidn directas, apropiadas para dar cuenta de las carac-
teristicas mas importantes del medio nuclear.

Tanto el SONL como el ZM parecen capaces de dar solucion a algunos de los resultados
mas controvertidos del QHD-I: el pronunciado decrecimiento de la masa efectiva a medida
que aumenta la densidad del medio nuclear y la elevada compresibilidad que delata una
ecuacién de estado excesivamente escarpada. Estas dos magnitudes tienen relevancia sufi-
ciente como para cambiar el régimen fisico en procesos tales como la produccién de nuevas
particulas en la colisién de iones pesados o la generacién de ondas de choque en la explosién
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FIGURA 4.17 La masa efectiva del nucleén como FIGURA 4.18 La energia de ligadura por partfcula
funcién de la densidad a T=0. Las curvas corre- a T=0 como funcién de la densidad. Las distintas
spondientes a los distintos acoplamientos efectivos curvas corresponden a los acoplamientos A-D.

se confunden en una tnica.

de las supernovas.

Ademas son capaces de ajustar adecuadamente las propiedades de la superficie nuclear.

En ambos casos la modificacidn de la dindmica consiste en dar mayor énfasis a la par-
ticipacidn del “mesdn escalar”, en detrimento del aporte del grado de libertad mas realista
representado por el mesdn vectorial w. Esto es tan marcado que en el SONL se puede pres-
cindir completamente del acoplamiento vectorial para ajustar las condiciones de saturacién
de la materia nuclear.

La modificacidn de la dindmica del sistema queda reflejada en una sensible disminucidn
de los acoplamientos directos nucledn- mesdn comparados con los correspondientes al QHD-
I. Asi por ejemplo las combinaciones C,, C,, propias de la ACM varian como se indica en la
Tabla 4.6.

Esta caracteristica tendria importantes implicaciones para la introduccidn de correcciones
mas alld de la ACM. En particular la interpretacion desde el enfoque de la ATP resulta
interesante : cuanto mayor es la complejidad fisica de la solucién de partida, menores son
los acoplamientos de la fase no perturbativa y en consecuencia disminuye la discontinuidad
en la transicién a la fase perturbativa.

El modo de implementar estos cambios es esencialmente distinto en los dos casos. En el
SONL se recurre a una autointeraccion del campo escalar, esto afecta a los restantes campos
s6lo al nivel de las ecuaciones de movimiento. Un consiguiente aumento en el nimero de
pardmetros libres es necesario. En cambio en el ZM (nos referimos a la versién escaleada
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FIGURA 4.19 La presién como funcién de la densidad para el modelo QHD-I1 a T=20 MeV. Se comparan el resultado
de la ACM con los de la ATP. Este tltimo caso se ha evaluado usando distintos conjuntos de acoplamientos A-D.

Lzm) se propone un vértice directo nucledn-mesén escalar, pero en una forma altamente
no lineal. Es sorprendente que a pesar del reducido niimero de pardmetros ajustables, este
modelo resulte capaz de reproducir adecuadamente gran parte de la fenomenologia de la
materia y de la superficie nucleares.

Inmediatamente surge el cuestionamiento de si ésta es una propiedad intrinseca de la
fisica del modelo o bien un resultado de la aproximacién empleada. Esto es analizado
empleando la ATP en la seccién final del presente Capitulo. Alli se concluye que la solucidn
proporcionada por la ACM es esencialmente estable frente a los efectos de densidad y tempe-
ratura elevadas. Ambos se refuerzan mutuamente sobre la interaccion residual, produciendo
la disminucién de los acoplamientos efectivos.

El posible campo de variacidn de las constantes perturbativas g/, g, resulta mucho mas

C, C, m,(MeV) m,(MeV) po(fm=3)
QHD-1 | 16.34 13.99 550 783 0.1934
SONL | 8.00 1.00 250 783 0.1920
ZM 11.95 6.82 550 783 0.1934

Tabla 4.6 Comparacién de los pardmetros de los modelos QHD-1, SONL y ZM ajustados para reproducir las
condiciones de saturacién.
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FIGURA 4.20 La compresibilidad & como funcién de la densidad para los distintos casos perturbativos. La figura
de la izquierda corresponde al caso T=0, en tamnto que la de la derecha a la temperatura T=20 MeV.

reducido que en el caso del QHD-I tratado en la ATP. Esto puede interpretarse en el sentido
de que la descripcion de la ACM es mas satisfactoria y consistente en el ZM que en el QHD-I,
debido al mayor contenido fisico de la primera respecto de la segunda.

Resta por responder si la aplicacidn del ZM a nicleos finitos es inadecuada o bien los
desajustes observados pueden ser subsanados por correcciones mas alld de la ACM. El estudio
de esta posibilidad, bajo el enfoque de la ATP sera objeto de un futuro andlisis.
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Apéndice A

Dado que el generador G satisface las hipStesis del teorema de descomposicion, puede expre-
sarse de manera bilineal en los operadores de creacidn y aniquilacién. Sin embargo términos
lineales no son admisibles en G [37]. En consecuencia la forma mas general es

= /d%Za,-(k)(:,-(k) (A1)
1

con
G,(k)-z( a(L)—af(L)aT(L))

( k)a(k) +aT(k)aT(L))

Ga(k) = i (af (k)a(k) + f(k)a(k))

Ga(k) = at (k)a(k) — &t (k)a(k)

El operador G4 es proporcional a Hy, conmuta con los restantes y no tiene efecto sobre
el vacio, por lo tanto puede omitirselo de la forma general (A.1).
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Apéndice B

La demostracidn para fermiones es como sigue :

A = a ..d aq, ....aq, | 0(6) >

P1 Pm

Usando la transformacion dual puede reemplazarse a,, por tanB,&z,‘ y anticonmutar

reiteradamente hasta llevarlo a la izquierda de all, esto genera un factor de (—1)m+n-1,
Se repite el procedimiento con cada uno de los a,, asi se obtiene el factor

z = (_])(m+"—1)+(m+n—2)+..“+m

A = =z tanﬂqn&I"....taan,&Lall...,a;J 0(8) > (B.1)

Cada uno de los al puede reemplazarse por un @, mediante la transformacién dual y a su

tiempo llevarlo a la izquierda de los restantes al generandoun factor 2/ = (—1)m+H(m=1+.. 41,
Llamando b = z 2/ resulta

A = b tanﬂq,‘&l‘ ....taan,&L(—cotan 0, )ap,, -...(—cotan Op, )alll 0(6) >

insertando (2.26) se obtiene
A = beR?a) Ll &, ...ape7%/2| 0(6) >
Multiplicando miembro a miembro por e=£/2 resulta

eki2a = bal ..&,]00) >

Multiplicando por C(py, ..., Pm;q1,-.-,qn) ¥y sumando sobre todos los indices se llega al
resultado esperado.
Una deduccidn similar puede seguirse para bosones.
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Y 4 [ ]
Apéndice C
Para demostrar 2.32 consideraremos los productos retardado R{A(t), B(#')} y causal T{A(t), B(t')}

de los operadores A y B en la representacién de Heisenberg

R{A(t)B(t')} O(t - ') [A(t), B(t")] 4
T{AM)B@')} = O -t)AQR)B{')FO(' —t)B(t')A(t)

i

A partir de esta definicién resulta

R{A(t)B(t)} = T{A@)B()} = B(t)A()

Por lo tanto las correspondientes funciones de Green retardada y causal estan rela-
cionadas mediante

< 0(8) [R{A@®)B(t)}0(6) > = < 0(0) |T{A(t)B(t')}|0(6) >
1< 0(8) |B(t')A(t)] 0(8) > (C.1)

es decir

iGr(A,B) = iG.(A, B)+ < 0(8) |B(t')A(t)] 0(8) >

donde se han empleado las definiciones de las funciones de Green térmicas

iGr(A(t), B(t')) < 0(6) |[R{A(t)B(t')} | 0(6) >
iGe (A(t), B(t')) = < 0(8) [T{A(t)B(t')}|0(6) >

Aplicando el resultado (2.30) para B(t’) en el ultimo término de (C.1)

iGr (A(t), B(t)) = iGe(A(t), B(t")) £
(=1)Ne=DNo/2< 0(9) |BY(¢')eR/2A(t)] 0(9) >
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Usando que K | 0(8) >= 0 y que los operadores fisicos y tilde conmutan o anticonmutan
entre si pueden obtenerse la siguiente serie de igualdades

<0(8) |Btek/2 = < 0(6) |e-KI2BteR/?
< 0(8) |eX/2Bte-K/2(£1)Ns

De aqui resulta

iGr(A(t), B(t')) = iG.(A(t), B(t")
£ (=1)WeONsl2< 0(g) |R/2 BT (1")e= K12 A1) 0(8) >

Ya que en iltima instancia A(t) conmuta o anticonmuta con el resto de los operadores
tilde se obtiene

eKi2pte-Kizg = KI2gte-RI2[g(t—t')+O(t' - 1)) A
T{ck12Bte-K12, 4}

es decir

iGr(A(t), B(")) = iG.(A(t), B(t") £
(—1)Vs+DNs/2;G (eklzgte-f(/z‘A(t))
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Apéndice D

Por definicion el propagador exacto para nucleones viene dado por

iG%)(z — y) < 0(6) IT¥{) (2)94(v)| 0(8) >
O(z0 — y0)< 0(6) |eP= 9@ (0)e~ P15 (0)e=P¥| 0(6) >

—B(y0 — z0)< 0(6) P9 (0)e PW=2)y()(0)e=P=| 0(6) >(D.1)

donde P es el generador de las traslaciones espacio-temporales, que satisface P| 0(6) > =
0.

Insertando la identidad )~ ... | nn'mm’ >< an’mm’ = 1, donde los vectores de es-

tado son creados por (cl, (0)) , (dl, (6)) , (E:[,{B‘)) , (JI,(G)) actuando sobre el vacio
térmico.
Por lo tanto (D.1) puede escribirse

i GE:;)(I L y) =
B(zo—y0) e PN PE-N< 0(6) [$(D(0) | NM >< NM | 5(0)] 0(8) >

MN

—8(yo —z0) D e~ PNPMNI=2)< 0(6) |97 (0) | NM >< NM | §2)(0)] 0(6) (9.2)
MN

(D.3)

donde hemos simplificado la notacién reemplazando (n,n’) — N; (m,m’) — M.
Usando la representacion integral de la funcidén de Heaviside (D.3) puede escribirse en el
espacio de impulsos como

so [y o) oy
/ dw[ 10 ( P)+ 205 (W, P)

(ab) —
G"/’(p) - Po—w+1i€ po— w — 1€

- 00

donde se ha usado
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op) = (2123 < 0(8) [¥(0) | N, M >< N, M | §(0)] 0(9) >
MN

x6%(p — pn + PM)
(27)* S < 0(8) [957(0) | N, M >< N, M | $(0)] 0(6) >
MN

o5ap(P)
x6%(—p — pN + PM)
juntocon P | N, M >=pn | N, M >, PI|N,M>=—py |N,M >.

Empleando la condicién de estado térmico (2.30) y su dual, evaluadas para los campos
¥, ¥, se obtienen las relaciones

<0(0) [WDO) [N, M > = —e PEN-BEm=mI2<0(9) [p((0) | n, M >

<0(6) [PVO) [N, M > = —iePENn-Bm+i)/2 < M N | $(1)(0)] 0(8) >
<0(6) [$@0) N, M > = —i< M,N|9M(0)]0(6) >

< NM [ 9PD0)|00) > = —ePEN-BEm=)2 < N M |$1(0)] 0(6) >

< NM | v)(0)] 0(8) > ieP(En=Em+u)2 < 0(9) |p)(0) | M, N >
< N, M | ¥0)]08) > = i<0(6) [¢*)(0)| M,N >

Ademas introduciendo la funcién espectral como

pas(®) = (@) (14 PPom) 3 54(p - py + par)< 000) [WV(0) | N, 11 >
MN
< N, M | 95(0)] 08) >

puede escribirse

%) (®) = pas(P) ALY (po)
0$%)(p) = Pas (P) B (po)

donde se emplearon las definiciones (z = B(po — 1))

b) 1 1 —e—%/2
A (po) = T3es [ —e-3l2 -z
(ab) _ 1 e—% e—=/2

Br"(po) = Te_:[ e-z/2 |

Usando las identidades
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0(—w) ]
Po — w F i€
6(—w)

e(ﬂ:po) _ 9(w)
po—w+ie 6(po) [po—w:tie
6(xpo) _ f(w)
po—w—ie ko) [Po—wq:ie

y con la definicidn (2.50) se encuentra finalmente

2
(ad) _ A cos?6p, —sen20p,/2
Gap' = Gap(P) [ —sen20p, /2  sen?f,,

po—w:!:ic

(abd) abd)
] +Ga(p) [ sen?fp,  sen206,,/2 ](

sen20p,/2  cos?b,,

con el parametro 6, definido en (2.38),(2.39). A partir de aqui es inmediato llegar a la

forma (2.49).

115






Apéndice E

Con el propésito de evaluar I,o (3.14) consideraremos inicialmente el caso de particula libre,
que puede obtenerse tomando V = 0. Es decir, se desea evaluar

I, = /’Ds exp {%i/d‘z [s(—0 = m? + in)s + 2(3]} (E.1)

Para ello usaremos el procedimiento convencional [85] de pasar del espacio continuo a
una red discreta . En consecuencia sélo se consideran aquellos campos cldsicos s(z) tales
que, al igual que sus derivadas, varian suavemente en el espacio-tiempo.

El dominio de integracién en (E.1) se descompone en cubos de dimensién AV = ¢4, a
cada uno de ellos se asigna un indice n. A su vez el campo s(z) y su variacidn és(z) pueden
reemplazarse por cierto promedio s, (), 8s,(z) sobre el n-ésimo cubo. En este contexto la
medida de integracion Ds puede obtenerse en el limite en que el nimero total de cubos
N — o0, mientras que ¢ — 0.

Entonces (E.1) puede escribirse

N’ N N
I, = lim /H ds, e:::p{%iz:c‘l le“ anK,,zsz + 2(,.3,,] } (E.2)
n n 1

De esta expresion, comparando con (E.1) puede obtenerse la expresion para K, en el
limite considerado

N
. 1 .
Nh_r'r;o E{ snKusiet = is(z)(—D — m? + in)s(z)

por lo tanto

lim Kp = (=0; — m? 4 i9)6*(z — )

En (E.2) se tiene un producto de N integrales gaussianas, que pueden evaluarse para dar
f= 1im(det1{)~1/2(27ri/e4)%Lezp(—%icf(-lc)
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Por definicidn se tiene } K,,,,,K;} = 6,1 en el Iimite N — oo resulta

/d‘z(-—D, —m? 4 in)é*(z — 2) K~ (z,y) = 6*(z — )

Por lo tanto K~!(z,y) debe identificarse con la funcién de Green correspondiente al
operador diferencial -0 + m? — in, es decir con el propagador de Feynman A%(z — y) para
particula libre.

Puede escribirse finalmente

L=loeep{-3i [et@r ek} @3

donde I,o = lim(detK)~1/2(2xi/e8)N/2 es independiente de la fuente ((z) y puede ser
considerada como constante de normalizacion

Volviendo a (3.14) notamos que esta difiere de E.1 en un término adicional V*(¢y) al
operador O 4 m?2 — in. Si consideramos sdlo configuraciones uniformes y estaticas para
¢o entonces dicho término adicional puede asimilarse a la definicion de una masa efectiva:
m2 — m2 + V"(&) que intervendrd modificando el propagador de particula libre llevdndolo

£}

a su forma (3.15). Por lo tanto (3.14) presenta el mismo factor exponencial (E.3) con
(3.15) en vez de A°. En cambio el factor de normalizacidn contiene ahora det='/2K’ donde

K'(z,y) = —(Q + m? + V"(5) + in)é*(z — y).
A continuacion evaluaremos

det'/2K . 1 i1
Jim, Zeages = im, eep (gt tnkcx)

Usando la discretizacidn del espacio-tiempo puede evaluarse
KK'"!'= /d"zK(z - 2)A(z—y) =64z —y) - V"(5)A(z - y)

En su forma discreta esto es equivalente a (XK'~ !)p,p = 6mn — €*Amn V(7). Tomando
logaritmo y realizando una expansidn en serie de Taylor

— 1
(KK )mn ==Y m=(*AmnV"(5))
n
n=1
que en el limite puede interpretarse como

tr In(KK'-!) = / dz[ Ein (1 - V'(3)A(p)) (E.4)

En base a la discusion previa y reuniendo (E.3)-(E.4) se tiene finalmente

I =1 ezp{%/d“zf (%‘,%’n[l - V”(&)A(p)]} ezp {—%/d“zd“yc(z)A(r - y)ff(y)}
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El mismo tipo de discusién es aplicable a (3.16); pero como no se ha supuesto una au-
tointeraccion del campo w,, es suficiente el anilogo de (E.3)-(E.4), de lo cual se obtiene
(3.16).

La integral de camino para los bariones introduce el uso de elementos del algebra de
Grassman 7(z), fj(z). La evaluacidn de (3.19) para campos uniformes & se reduce al caso
correspondiente a perticula libre con una masa efectiva M — M —g,5. Empleando resultados
generales para integrales de camino fermidnicas ([39]) se obtiene

Ip = Ip exp {—i / d"xd“yﬁ(z)G%n(y)}

donde Ipg es proporcional al determinante de Ko = (i §; — M)6%(z —y). Por otra parte
(3.17), contendra un factor de normalizacién proporcional al determinante de K(z,y) =
(f @ — 7u@* — M + g,6) 6%(z—y). Siguiendo el procedimiento delineado previamente puede
evaluarse

det Ky
Nl—l:noo detK

= le_l}qoo ezp [tr In(KoK™1))

que resulta ser

4 d* gv b — 950
exp{/d zf—”—(z’r),tr In (l+ g{—M+g,5'+if)}

Reuniendo todos estos elementos se llega a (3.19).
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Apéndice F

A fin de llevar a cabo el reemplazo (o,w*) — (&,&*) se propone la descomposicién
=040 w=w-+w;

donde oy, w; cancelan las correcciones cuanticas contenidas en o,w y deben ser al menos
O(h). Luego se realiza una expansién del lado derecho de (3.26) en torno de o. Manteniendo
solamente el orden O(h) es suficiente realizar directamente el reemplazo indicado en W(?)
sin generar términos adicionales.

Reagrupando términos en (3.26) puede escribirse

r®[o,w] = Sp + /d“z li(z)o1(z) + Ju(z)wt (z)] + W[5, ) + WP)[z,a) (F.1)
Usando la siguiente relacién

0.So

"R’ == @+m)F+V(@) =i (F.2)
550 o
5“)”(:)[ =a)] = 8, FF + -2-m3w = JH¥(z) (F.3)

puede verse que el segundo término de (F.1) cancela el término lineal en la expansién

[“’ = @)y

5.[5.6] = au]+/d4 [a_a]vl(z:)-i-/d“

()
+—/d%d“yma’1(y)al(z)+/d4xd4yWiﬁ‘(z)ﬁ(y)wi‘(z)

6 So v 3
2./ 5wu(y)5wu( 31 1 (v)wi (z) + O(R) | (F.4)

Como Sp[#, @] no acopla & con @ la derivada funcional cruzada es nula. Ademds usando
(F.2), (F.3) se tiene que
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25  _ _&i(z)

W@ W) (F:5)
825  _ _6J')
W e ) =0

Por otro lado usando (3.5) resulta o(z) = 6‘%:) + 'f,':’;:; + "6?2::)] El primer término es

O(h) y puede identificarse con &, por lo tanto los restantes representan a —¢;. El dltimo
término es O(h?) y puede omitirse de aqui en mas. Suponiendo que puede determinarse la
dependencia funcional j = j[&], puede escribirse

y) 6w _
—a1(e)= / &'z 61(-'6) @ 0] 1)

Pero (F.5) es equivalente a

_6j(z) _
Toa(y)

En consecuencia (F.7) es

—[0+m?+ V") 6%z -y) =6""(z~v)

(
a1(z) / d*yA(z - )6VV(yl)) (F.8)

Insertando (F.5) y (F.7) en el término O(h?) de (F.4) se obtiene

625, sw) sw)
dizdiy——2 04 (2)0 =/d":cd4 — Az —y)——
=t gag e @n Yo 2 TV

Un resultado similar rige para la contribucidn vectorial

wi(z) = [ d*yD* (z — y) $50y (F.9)
sw) sw)
dizdy = 850 (o, wlw! (z)w? = /d‘*:z:d4 DFY (z — (F.10
f bk (y)éw [ ] l( ) l(y) 6 ( ) ( y)6 ”(y) )
Insertando (F.8) y (F.9) resulta
= sw) sw - sw®) sw()
w)z, = w /d“ diy | — - BY (3 — ) e
+0(1%) (F.11)

Reuniendo todos estos resultados parciales en (3.26) se obtiene finalmente (3.27);
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Apéndice G

a) En la evaluacién de las integrales que definen la autoenergia mediante el término de
intercambio interviene la funcién

) (q2 + E? £ 290F + 2pp'v — m2) (G.1)

donde p, es el impulso externo y p), es la variable de integracion; ¢, = py — ¢, p =P |
o' =|p |LE= \/p’i + M=*2 ; v es el coseno del dngulo entre p y p’ y m representa una
cualquiera de las masas de los mesones.

La férmula (G.1) puede reescribirse como

P (V+ 42+E2¢2qu—m2) 9(1_ | ¢ + E® F 2qoE — m? l) G.2)
2pp’ 2pp’ 2pp’

La funcién de Heaviside hace explicito el cardcter acotado de v.

De (G.1) puede verse que en el caso p’ = 0 la funcidn delta es independiente de las
variables de integracion: 6(g2 + M*2 F 2goM* — m?) cuando p’ — 0. Sin embargo en este
caso la integral da contribucién nula debido a la medida de integracidn dp’ p’ 2/ p —0.

A continuacidn estudiaremos la funcién de Heaviside en (G.2), distinguiendo por un
subindice + segiin la eleccidn del signo realizada en (G.1)

6+ =0(1— | go(E — Eo) | /pp') (G.3)
con Ey = (g% + M*? — m?)/2qo.
Esta funcidn es nula solamente si
| 9o(E — Eo) |< pp' = ¢*E* £ 2E0Eq} + q3EZ + M**p? < 0
Suponiendo g2 # 0 la 1iltima desigualdad puede reescribirse
¢*(E - EL)(E-EL) <0 (G.4)

con B = Fg3Eo/q* ~ VA, E} = Fg3Eo/q* +VA, A = p*(¢} E§ — M*?¢*)/q*. Teniendo
en cuenta que E > M* por construccién, la relacién (G.4) establece condiciones sobre la
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Caso | ¢%,00>0 ¢%,¢0<0 ¢*<0,¢2E0+M*"¢>?<0 ¢*><0,¢4E0+M*q?>0
4 menor mayor menor menor

E} mayor mayor mayor mayor

Es mayor mayor menor menor

Eb mayor menor mayor mayor

posible variacidn de E. Si ¢ > (goEo/M ‘)2 entonces A < (. Puede verificarse haciendo
g2E} = aM*2¢® con a < 1, que la forma cuadratica (E — E¢)(E — E®) es definida positiva
y por lo tanto no se cumple (G.4) y la funcién (G.3) es nula.

Si A > 0 entonces las raices E9, E® establecen las cotas de variacién de E. En el caso
g2 > 0 resultara E¢ < E < E®, al contrario si ¢ < 0 entonces se tiene el dominio infinito
(—o0, E®) U (E®, o). Dado que A = [¢? — (M" — m)?][q2 — (M* + m)?}, la condicién A > 0
se satisface siempre que g2 € (—o0, (M* — m)?)U ((M* + m)?, c0).

Ademds se encuentra que las cotas £2, E® cumplen las relaciones de desigualdad respecto
de M* indicadas en la tabla.

Reuniendo todos los resultados parciales puede escribirse

b+ = 0(—¢*)0(E —E3)+ {6 [¢> — (M" +m)?] +6(¢*)8 [(M* —m)® - ¢°]}
x8(—g0)0(E — ES)8(EY, — E)
0. = 0(—¢®)0(E - E%)+ {6 [¢* — (M* +m)?] +6(¢%)6 [(M* — m)? - ¢?]}
x0(g0)0(E — E2)8(EL — E)
El caso go = 0,¢% # 0 queda contemplado en la situacién ¢2 < 0. En este caso las
funciones 6, ,0_ coinciden.

Por 1ltimo el caso g2 = 0 puede obtenerse como caso limite de una cualquiera de ellas.
Por ejemplo, escribiendo

—q2 + M-Z — m2 M.zp

B = 4
+ 2(q0 — p) @2+ M*2-m

> —q%(¢> + M*? —m?)F(¢?)

donde F(g?) es no nula y finita para ¢2 — 0. En el limite los dos iltimos términos
contribuyen con 2M*2 | g9 | /(M*2 — m?). Para el primer sumando debe tenerse en cuenta
que ¢%2 < 0si go < 0. Tomando p — —gqq resulta go—p — 2¢qo < 0. En cambiosi go > 0
cuando p — gg, go — p — 0. Por lo tanto

2_pare2 2,
E:. " 411;{ + miomer 90 <0
“+00 qo > 0

De la misma manera se demuestra que

2_ .2 .2
B o) "~ miakr 0>0
+00 g0 <0
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Cuando E® — 400 no hay contribucién de las integrales ya que debe ser £ > E®.
b) La férmula (3.35) puede escribirse

—iZ3D () = 2(La + I + Lo + 1a) + 92(Ja + Jo + Je + Ja)

donde
i+ M 2_ 2 2
I, = -2nif % (2:)4 T MeT T e 6[(p—p')* — m]] senh®¢y,_pr
— i+M* 2 *2 2
L = 2nif % (2*), e ie&[q — M*?] sen’6p;
I. = 41r2f 0L ( + M*)6(g*> = M*2)5[(p - p')? — m?) senh2dy,, _p: sen26p;
I, = f d + M* 1
d = (2:)4 — M*2 i (p—p')? — m? + ie
g+M
Ja = 27”_[ (2’.)1 7“ 2 M,z + 1 7”6“”6[(17 p) - m3] senh2¢P0-P‘) .
_ {+M* 2 “2) 2
S = 27”.[ (2:)‘ 7“( —p)2—-m? + ie?’ufw‘s[q — M*’] sen Op,
Jo = 4m3f £ (f+ M)y £ 6(gF - M)S[(p - p')? — m]
xsenh2¢p,_p: sen26p;
_ {+ M e
Jo = f('“)‘ e —M‘2+ie7"(p—p’)2—m?+if
con go = po — (9v/mv)?pB,a = P, €y = —guv + 0, /m2. Si sélo se retiene el primer
término en £, resulta: y,(4 + M*)y,£*" = 2(f — 2M*). En este caso puede unificarse la
notacidn definiendo A} = 1,A = —-2;¢; = g'f,gg = 2g{,2;m1 =mg,me=my,; M =1,F=

J/2 junto con bmj = (m; /M*)? para j =1,2.
Usando la descomposicién

resulta

ReF,;

RCFbj

ReF.;

e - =VP1 m .
T + 1€ z T+ 1€

|
~
Il
|
[\
3
S
~~
]
p -

= —4n? | ) | [ 2a(d + A M*)5(g* — M*2)8[(p — p')? — m?]
xsenh?¢,,_,:

4r? | A | [ (2,).(d+/\ iM*)8(¢> — M*?)é[(p — p')? — m}] sen®6,,

= F,

Por otro lado se tiene
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—is(Dy = (7)) B (d+ M)6(a* — M2)5[(p — #)? — m]] sen26y, senh2dp,

exaf
+2(ng,)2 [ 52:(d - 2M")8(¢* — M*?)5[(p — p')’ = m])]
x sen26y: senh2¢,,_p:

que es convergente debido a la presencia de las funciones de distribucion térmicas. Usando
esta propiedad junto con (3.36) puede determinarse la parte imaginaria regularizada de Zp.
consistente con las propiedades de la DTC

Egelzny(p) = icotan29p02(12)(p) - Z gj(F:,-a + Fjb + F_,'c)
j=1,2

de esta forma se obtiene

ImZp.(p) = -¢'; 29n20 [q - (M* +m,) ]/ o )4 (f + M* )5(q’2—M'2)

—g'22n%9 [q - (M* +m,) ]/ (f + M* )6( —M‘z)

(2m)
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