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Resumo 

Estendemos a aproximação da fase aleatória relativística, baseada na hadrodinâmica quântica, 

para excitações com troca de carga. Realizamos um cálculo autoconsistente para o estado 

isobárico análogo e a ressonância de Gamow-Teller excitados a partir do ^®Ca, ^°Zr e ^°®Pb. 

O estado fundamental e os estados de partícula-única são obtidos com a aproximação de 

campo médio relativística. Usamos o conjunto de parâmetros NLl para os mésons a, u 

e p, e os valores experimentais para o píon com acoplamento pseudovetorial ao nucleon. 

Mostramos que a inclusão do acoplamento p-nucleon tensorial, desprezado no NLl, é impor- 

tante para reproduzir a ressonância de Gamow-Teller. Mostramos, também, que é essencial 

extrair os termos de contato provenientes dos acoplamentos derivativos. A constante de 

acoplamento p-nucleon tensorial foi ajustada para reproduzir a energia da ressonância de 

Gamow-Teller do ^°®Pb. 

Palavras Chaves :Hadrodinâmica Quântica; Teoria de Campo Médio Relativística; Apro- 

ximação da Fase Aleatória; Estado Isobárico Análogo; Ressonância de Gamow-Teller. 

* 
Areas do Conhecimento \1.05.04-01-0 



Abstract 

We generalize the relativistic random phase approximation, based on quantum hadrody- 

namics, for applications to charge-exchange excitations. We perform a self-consistent calcu- 

lation for the isobaric analogue State and Gamow-Teller resonance excited from ^®Ca, ®°Zr 

and ^°®Pb. The ground and single-particle States are obtained in the relativistic mean field 

theory. We use the parameter set NLl for the cr, u and p mesons, and experimental values 

for the pion with pseudovector coupling to the nucleon. We show that the inclusion of the 

p-nucleon tensor coupling, neglected in NLl, is important to reproduce the Gamow-Teller 

resonance. We also show that it is essential to eliminate the contact terms which come from 

the derivative couplings. The p-nucleon tensor coupling constant is adjusted to reproduce 

the energy of the Gamow-Teller resonance of ^°®Pb. 

Key 'Words: Quantum Hadrodynamics; Relativistic Mean Field Theory; Random Phase 

Approximation; Isobaric Analogue State; Gamow-Teller Resonance. 
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Capítulo 1 

Introdução 

As ressonâncias gigantes com troca de carga são modos vibracionais coletivos com diversas 

multipolaridades. Podem ser classificadas em estados sem “spin-fiip” (5 = 0), nos quais 

os nucleons com spin para cima e para baixo movem-se em fase, e em estados com “spin- 

fiip” (S = 1), nos quais os nucleons com spin para cima e para baixo movem-se fora de 

fase. Sendo excitações com troca de carga, elas são isovetoriais (T = 1), com prótons e 

nêutrons movendo-se fora de fase. Os exemplos mais conhecidos dessa classe de ressonâncias 

são as que carregam momento angular orbital nulo, a saber, o estado isobárico análogo 

(5 = 0, T = 1, = O"*") e a ressonância de Gamow-Teller (S = 1, T = 1,J'^ = l"''). 

A nível microscópico esses modos vibracionais são tratados como excitações de partícula- 

buraco coerentes, com a propriedade de exaurirem uma boa parte das regras de soma 

correspondentes. O modelo microscópico apropriado para o estudo destas ressonâncias é a 

aproximação de fase aleatória. 

Descrever as propriedades do estado fundamental de um sistema nuclear é de fun- 

damental importância no estudo da estrutura nuclear. Os modelos tradicionais não re- 

latívisticos, i.e., modelos que incluem somente graus de liberdade bariônicos, descrevem 

essas propriedades através da equação de Schrõdinger com potenciais efetivos determina- 

dos fenomenologicamente como, por exemplo, as interações de Skyrme. Apesar dos bons 

resultados alcançados por estes modelos deparamos ainda com algumas discrepãncias ao 

compará-los com os dados experimentais. Além disso eles estão distantes das teorias fun- 

damentais para a interação nuclear. 

Recentemente, Walecka e colaboradores propuseram um modelo em teoria de campos 

6 
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relativística para a descrição de sistemas nucleares, levando em conta, não apenas os graus 

de liberdade bariônicos, mas também alguns graus de liberdade mesônicos. Tal modelo, a 

hadrodinâmica quântica, pode ser dividido em duas versões. A primeira, a hadrodinâmica 

quântica-I, é baseada nos bárions (n,p) e nos mésons isoescalares escalar (a) e vetorial (o;). 

A segunda versão, a hadrodinâmica quântica-II, mais realística, contém, além dos campos 

acima, os campos dos mésons isovetoriais pseudo-escalar (tt) e vetorial (p), e também do 

fóton. 

Historicamente, a hadrodinâmica quântica foi introduzida como uma teoria quântica de 

campos renormalizável, o que limitava drasticamente o número de termos admissíveis na 

sua densidade de lagrangeana [1]. No entanto, apesar do seu sucesso, ela enfrentou dificul- 

dades no seu programa de renormalização . Nos últimos anos este modelo foi reformulado, 

passando a ser visto como uma teoria quântica de campos efetiva, não renormalizável [2], 

representando o limite de baixas energias da teoria fundamental das interações fortes, a 

saber, a cromodinâmica quântica (QCD). Consequentemente todos os termos compatíveis 

com as simetrias da QCD se fazem presentes agora, sendo necessário algum critério para 

selecionar os mais importantes. Mesmo assim, o número de termos aumenta significati- 

vamente. Como o nosso propósito aqui não é testar os fundamentos da hadrodinâmica 

quântica, mas sim sua capcidade em reproduzir mais algumas propriedades nucleares, re- 

stringiremos o número de parâmetros livres ao minimo possível e incluiremos na sua den- 

sidade de lagrangeana somente os termos mais importantes. Nesta tese sempre que nos 

referirmos à hadrodinâmica quântica será neste sentido; uma teoria quântica de campos 

não renormalizável que contém o mínimo de termos necessários para reproduzir as pro- 

priedades nucleares em que estamos interessados. 

Na hadrodinâmica quântica é observado que, para altas densidades bariônicas, os op- 

eradores dos campos mesônicos podem ser substituídos por seus respectivos valores es- 

perados, os quais são, então, vistos como campos clássicos onde os bárions se movem. 

Esta aproximação é conhecida como teoria do campo médio, e equivale à aproximação de 

Hartree relativística. Embora a hadrodinâmica quântica tenha poucos parâmetros livres 

(massas dos mésons e constantes de acoplamento), ela consegue, na aproximação do campo 

médio, descrever com grande sucesso, não só as principais propriedades da matéria nuclear 
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(saturação , equação de estado, etc.), mas também propriedades do estado fundamental de 

núcleos finitos, incluindo núcleos instáveis [3]. Um aspecto favorável deste modelo é que o 

mesmo conjunto restrito de parâmetros pode ser usado para descrever todos estes sistemas. 

Em virtude do sucesso da aproximação de campo médio relativística em descrever as 

propriedades do estado fundamental de sitemas finitos, é natural estendê-lo para o estudo 

de estados excitados. Muito embora alguns estados excitados nucleares, incluindo certas 

ressonâncias gigantes, tenham sido calculados com a aproximação de fase aleatória rela- 

tivística baseada na aproximação de campo médio [16, 17, 28, 33, 34], isso nunca foi feito 

para as excitações com troca de carga. O objetivo desta tese é estender a aplicação deste 

modelo relativístico, cujos parâmetros são fixados com as propriedades do estado funda- 

mental, para descrever os estados coletivos com troca de carga, tais corno o estado isobárico 

análogo e a ressonância de Gamow-Teller [4]. 

O estado isobárico análogo e a ressonância de Gamow-Teller foram calculados exten- 

sivamente no contexto de modelos não relativísticos da estrutura nuclear, usualmente na 

aproximação de fase aleatória ou extensões dela e usando, não somente interações pura- 

mente fenomenológicas, mas também interações realísticas baseadas na troca de mésons. 

Enquanto o estado isobárico análogo é facilmente reproduzido, a ressonância de Gamow- 

Teller é mais problemática, especialmente em relação a sua intensidade, que apresenta o 

fenômeno de supressão (“quenching”); experimentalmente detecta-se apenas cerca de 60 % 

da intensidade prevista teoricamente pela regra de soma de Ikeda [5]. Dois mecanismos 

foram propostos para explicar a supressão dessa intensidade: i) a excitação da ressonância 

A, que tem os mesmos números quânticos da ressonância de Gamow-Teller, ou ii) a in- 

fluência de configurações de 2p — 2h, ou mais complexas, que levariam essa intensidade para 

energias mais elevadas. Nós não incluímos tais mecanismos no nosso modelo, mesmo porque 

isto requeriria um tratamento mais sofisticado do que a versão simples da aproximação de 

fase aleatória relativística que iremos utilizar. Pretendemos concentrar nossa atenção em 

verificar até que ponto é possível reproduzir, com a mesma qualidade de cálculos não rel- 

ativísticos similares, a energia de excitação e a distribuição de intensidade desses modos 

coletivos. 

Esta tese está organizada em sete capítulos. O primeiro capítulo consite na introdução 
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da tese. No segundo capítulo abordamos resumidamente as ressonâncias gigantes com troca 

de carga que iremos calcular neste trabalho. Em seguida, no terceiro capítulo, introduzimos 

a hadrodinâmica quântica e a solução das equações deste modelo através da aproximação 

de campo médio. No quarto capítulo obtemos as regras de Feynman para a hadrodinâmica 

quântica e, através de expansões diagramáticas do propagador do nucleon, a aproximação de 

Hartree relativística. Nesse capítulo discutimos a equivalência da aproximação de Hartree e 

a aproximação de campo médio. No quinto capítulo derivamos as equações da aproximação 

de fase aleatória relativística apropriada para as ressonânicas com troca de carga. No sexto 

capítulo discutimos as soluções numéricas que obtivemos na aproximação de campo médio 

para núcleos com camadas fechadas e na aproximação da fase aleatória para o estado 

isobárico análogo e a ressonância de Gamow-Teller, excitados a partir desses núcleos. Para 

finalizar, no último capítulo estão a conclusão e as perspectivas futuras do tipo de cálculo 

realizado aqui. 
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Capítulo 2 

Ressonâncias Gigantes com Troca de Carga 

Ao se observar a função de excitação para diversos núcleos-alvo, ao longo de toda a tabela 

periódica, notamos certos picos largos centrados em energias da ordem de dezenas de MeV 

acima do estado fundamental. Esses picos correspondem a certos modos coletivos nucleares 

que recebem a denominação genérica de ressonâncias gigantes (GR), pois suas intensidades 

e larguras são maiores do que a dos picos correspondentes às transições de partícula-única 

entre os orbitais do modelo de camadas. 

Neste capítulo pretendemos fazer uma breve introdução às GR, e em particular às GR 

com troca de carga. Na primeira seção discutiremos as características básicas das GR. E, 

para finalizar, na seção seguinte falaremos resumidamente sobre o estado isobárico análogo 

e a ressonância de Gamow-Teller. 

2.1 Ressonâncias Gigantes 

As GR são modos vibracionais produzidos pelo movimento coerente dos diversos nucleons 

dentro do núcleo. As reações nucleares mais utilizadas para excitar esses modos são as 

reações fotonucleares, o espalhamento inelástico de elétrons e íons leves e reações com 

troca de carga com íons leves. 

As GR são caracterizadas pelas seguintes quantidades 

1. Multipolaridade 2*^, onde J é o momento angular transferido ao núcleo no processo 

de excitação . 

2. Momento angular orbital L transferido pela excitação . 

10 
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3. Spin S, que é o momento angular de spin transferido na excitação {J = L + S). Os 

modos com 5 = 0 são denominados elétricos e com 5=1, magnéticos. 

■^4. Isospin T, que é o isospin transferido ao núcleo no processo de excitação . Para T = 0, 

temos os modos isoescalares e para T = 1, os isovetoriais. 

5. Seção de choque integrada em energia, também denominada intensidade. Existem 

relações gerais envolvendo valores esperados de certos operadores e seções de choque 

integradas em energia, denominadas regras de soma. As regras de soma são obede- 

cidas em maior ou menor grau pelas diversas GR. Um exemplo é a regra de soma 

ponderada em energia (EWSR). Essa quantidade expressa a energia média transferida 

ao núcleo quando excitado por um agente externo, e pode ser escrita como 

5: = -E)\< > P = I < M[0, [H, > (2.1) 
V 

onde H é a hamiltoniana que descreve o sistema nuclear, e seus auto-estados 

e E e as energias correspondentes, com 'íf e E para o estado fundamental. C? é o 

operador de excitação , caracterizando o agente externo que provoca as transições do 

sistema. 

6. Energia de excitação Ex, que pode ser calculada como o centróide em energia do pico. 

7. Largura P, que é a largura do pico à metade da altura máxima. 

Verifica-se que, para cada LS JT, o centróide de energia e a largura variam suavemente 

com o número de massa A, indicando que as GR são propriedades gerais dos núcleos, ou 

mais precisamente são respostas características da matéria nuclear a influências externas. 

Cerca de cinquenta anos atrás, Baldwin e Klaiber (1947/1948) observaram pela primeira 

vez uma GR, a ressonância dipolar elétrica, em reações fotonucleares. Nessa ressonância 

todos os prótons do núcleo se movem na mesma direção , sob a ação do vetor campo 

elétrico associado aos fótons de alta energia que irradiam o núcleo. Em contrapartida, 

os nêutrons se movem na direção oposta, já que o centro de massa do núcleo permanece 

em repouso. Como prótons e nêutrons estão em oposição de fase, trata-se de uma GR 

isovetorial {T = 1). Quando prótons e nêutrons se movem em fase a GR é chamada de 
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isoescalar (T = 0). Outro tipo de movimento coletivo é a GR quadrupolar, observada 

pela primeira vez por Pitthan e Walcher (1971). Neste modo vibracional, a própria forma 

do) núcleo oscila. Para esta ressonância, tanto o modo isoescalar (T = 0), como o modo 

isovetorial (T = 1), são observados. A GR monopolar isoescalar é outro exemplo de modo 

vibracional, em que prótons e nêutrons se movem em fase, para dentro e para fora, fazendo 

com que o núcleo se expanda e contraia radialmente (modo de respiração). Essa ressonância 

foi prevista por por Marty et al. (1975) e a sua existência foi confirmada posteriormente 

por Harakeh et al. (1977). Ela é importante por ser uma das poucas maneiras de avaliar-se 

experimentalmente a compressibilidade da matéria nuclear. 

2.2 O Estado Isobárico Análogo e a Ressonância de Gamow- 

Teller 

As GR’s discutidas na seção anterior (dipolar, quadrupolar e monopolar) são todas de- 

formações geométricas do núcleo, que ocorrem devido ao movimento espacial dos nucleons. 

Além desse tipo de oscilações , vibrações no espaço de spin também são possíveis. As 

vibrações de spin não alteram a distribuição espacial dos nucleons, enquanto que somente 

a orientação dos spins varia com o tempo. Quando não há movimento espacial, o princípio 

de Pauli é mais restritivo e somente uns poucos nucleons podem participar na vibração de 

spin. Por esse motivo os modos magnéticos {S = 1) são menos coletivos que os elétricos. Os 

modos magnéticos também são denominados excitações de spin ou transições com “spin- 

flip”. As excitações de spin também estão divididas em isoescalares {S = 1, T = 0) e 

isovetoriais (5 = 1, T = 1). Um dos aspectos interessantes dos modos coletivos de spin é 

que eles permitem obter informações sobre a parte dependente do spin e spin-isospin da 

interação efetiva no meio nuclear. 

Uma das técnicas experimentais utilizadas para estudar vibrações de spin isoescalares é 

0 espalhamento inelástico de prótons de alta energia. Já na reação {p,n), o campo piônico 

do próton interage com os nucleons do alvo. Se o píon trocado fosse neutro, a carga elétrica 

do projétil e do alvo permanecería a mesma e a colisão seria vista como um espalhamento 

inelástico comum. No entanto, quando o píon trocado é carregado há uma troca de carga 

entre o projétil e o alvo. O próton incidente se transformará em nêutron e um dos nêutrons 
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do alvo se transformará em próton. Se observarmos o espectro de excitação {p,n) de 

núcleos com excesso de nêutrons veremos que este é dominado por um pico largo. Esse 

pico é chamado de ressonância de Gamow-Teller (GT). Esse modo coletivo foi previsto 

teoricamente por Ikeda, Fujii e Fujita (1963) e suas primeiras indicações experimentais 

foram feitas por Doering et al. (1975) num experimento ®°Zr(p,n)®°Nb para energia do 

próton incidente de Ep = 45 MeV. 

A ressonância de GT é uma oscilação coletiva de spin-isospin em que o excesso de 

nêutrons muda coerentemente as direções de seus spins e isospins sem mudar seus movi- 

mentos orbitais (5 = 1, T = 1). O fato de que o movimento orbital dos nucleons não muda 

na excitação GT significa que nenhum momento angular orbital é tranferido na reação 

{L = 0). Com isso, para o estado fundamental de um núcleo alvo com = O"'", o spin 

transferido 5=1 implica que a ressonância GT seja um estado com J'^ = 1+. 

A ressonância de GT está, energeticamente, logo acima do estado isobárico análogo 

(IAS) do estado fundamental do núcleo alvo. Dois estados relacionados pelos operadores de 

abaixamento e levantamento de isospin, T_ e T+, são conhecidos como isobáricos análogos 

um do outro. Esses estados têm propriedades muito parecidas, já que suas funções de onda 

diferem apenas pela terceira componente do isospin total. Esse tipo de estado foi observado 

pela primeira vez por Anderson e Wong (1961) num experimento ®^V(p,n)®’^Cr para Ep = 

14 MeV. A reação (p,n) que excita o estado IAS não necessita de “spin-flip” {S = 0). 

Diferentemente da GT, o IAS é um pico pontiagudo no espectro de excitação (p, n), porque 

ele tem o mesmo isospin do núcleo alvo enquanto que os estados vizinhos no núcleo residual 

têm isospins que diferem de uma unidade daquele do núcleo alvo; consequentemente, estes 

estados se acoplam fracamente com o IAS. 

Existem na literatura diversos cálculos do IAS e da ressonância de GT no contexto da 

física nuclear não-relativística, baseados na aproximação da fase aleatória. Neste trabalho 

pretendemos estender a aproximação de fase aleatória relativística para excitações com 

troca de carga e, a partir dela, obter o estado isobárico análogo e a ressonância de Gamow- 

Teller para os núcleos alvo ^®Ca, ®°Zr e ^°®Pb. 
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Capítulo 3 

Hadr o dinâmica Quântica e Aproximação do Campo 

Médio 

3.1 Hadrodinâmica Quântica 

Qualquer modelo de muitos corpos construído para descrever o núcleo atômico deve levar 

em conta as propriedades da interação nucleon-nucleon (NN). Apesar do sucesso dos 

modelos tradicionais baseados na equação de Schrõdinger, eles são inadequados para um 

completo entendimento dos sistemas nucleares. O avanço da tecnologia de aceleradores tem 

permitido sondar a física que existe além da equação de Schrõdinger, tal como experimentos 

envolvendo a troca de mésons dinâmicos, a modificação da estrutura de hádrons no interior 

do núcleo, etc. O desafio teórico, no entanto, é desenvolver técnicas que descrevam essa 

nova física, enquanto mantenham as propriedades gerais da mecânica quântica. 

Como está estabelecido, a cromodinâmica quântica (QCD) de quarks e gluons é a teo- 

ria fundamental das interações fortes. Portanto seria natural procurarmos descrever essa 

nova física através dessa teoria. Embora isso seja desejável em princípio, existem muitas 

dificuldades na prática, porque os acoplamentos que aparecem na QCD são fortes para as 

escalas de distâncias envolvidas nos fenômenos nucleares. Embora significativo progresso 

tenha sido feito, predições da QCD para escalas de energias relevantes para a estrutura 

nuclear não são possíveis ainda. Em contraposição , as descrições com graus de liberdade 

hadrônicos, tem desempenhado um importante papel para descrever o sistema nuclear. 

Em 1974 Walecka e colaboradores [6] propuseram a Hadrodinâmica Quântica (QHD) 

para descrever o sistema nuclear, especificamente a matéria nuclear e de nêutrons. A QHD 

é um modelo quântico de campos relativísticos que descreve a interação entre o campo 

14 
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bariônico xp (prótons e nêutrons) através da troca de quanta de diversos campos mesônicos. 

Nesse modelo o ingrediente essencial é a simplicidade. O número de campos mesônicos 

incluídos é o menor possível e a natureza dos acoplamentos desses campos com o campo 

bariônico o mais simples possível permitido pela fenomenologia do sistema físico e das 

propriedades em que estamos interessados. 

Como previsto por Yukawa, o méson tt é a partícula mais apropriada para ser trocada 

numa interação entre dois nucleons. No entanto, veremos posteriormente que na apro- 

ximação de campo médio, utilizada para resolver o modelo, esse méson não contribui, 

porque tem J = 0 e uma paridade negativa. Embora um número par de píons tenha 

paridade positiva, incluir tais pares complicaria consideravelmente o modelo. Por outro 

lado, como uma aproximação , é introduzido o méson efetivo a com números quânticos 

= 0"^ e T = 0, que simula a contribuição do par de píons correlacionados. Esse méson 

é descrito pelo campo escalar iso-escalar a{x), e acopla-se ao campo bariônico através do 

termo gc'4>'<pcF para reproduzir a parte atrativa da interação NN. Embora tal méson não 

exista no espaço livre, isso não é essencial para a QHD, pois as propriedades dos diversos 

mésons incluídos nesse modelo, a saber, suas massas e constantes de acoplamento, são 

tratadas como parâmetros ajustáveis, fixados de modo a reproduzir certas propriedades 

nucleares criteriosamente escolhidas. 

A parte repulsiva da força nuclear é obtida com a troca de mésons vetoriais. O mais 

importante é o méson u com números quânticos J’^ = l“eT = 0e descrito pelo campo 

vetorial iso-escalar u^{x). Esse méson é conhecido experimentalmente e tem massa ~ 

783MeV. Na aproximação de campo médio a componente temporal de um campo vetorial 

é fortemente repulsiva, como aliás acontece para o fóton, descrito pelo potencial vetorial 

A>^{x). O méson u acopla-se ao campo bariônico através do termo e o fóton 

através de + rz)'ipA^. 

A dependência de isospin da força nuclear é implementada através da troca de mésons 

p com números quânticos J’^ = l“eT = l. Esse méson é descrito por um campo vetorial 

isovetorial p^{x). A princípio o píon também deveria dar conta dessa dependência, mas 

como mencionamos anteriormente a contribuição desse méson na aproximação de campo 

médio é nula, devendo o méson p, nesse caso, cuidar dessa propriedade da interação NN. 
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A forma mais simples para o acoplamento do méson p ao campo bariônico seria através do 

termo • p^. 

j Existem muitos outros mésons que poderiam ser incluídos para reproduzir quantitati- 

vamente a força nuclear mas, por simplicidade e para manter o menor número possível de 

parâmetros livres no modelo, iremos seguir a prática usual e omiti-los. De qualquer modo, 

eles são menos importante para descrever as propriedades do estado fundamental e das ex- 

citações que queremos estudar e o seu efeito nessas propriedades pode ser levado em conta 

através de um ajuste apropriado dos parâmetros do modelo. Em suma, as contribuições 

mais importantes para a interação NN e sua manifestação nos estados fundamentais e 

excitações nucleares em que estamos interessados aqui vem dos campos mesônicos cr(x), 

Lo^{x), 7t{x) e p^(rr) e do campo do fóton A^{x) [7]. 

Nessa tese iremos, então, trabalhar com a seguinte densidade de lagrangeana para a 

QHD: 

C — Cq + Cint- (3-1) 

A densidade de lagrangeana livre Cq é dada por 

£o = 

+ - ml(7^) - - jSsU’" 

+ 

- 5 (i A. • - m/p, ■ p") 

- (3.2) 

As massas do nucleon e dos mésons a, u, tt e p são denotadas por M, rria, rriu, rn.^ e rrip, 

respectivamente, e 

= 

= - d^p^ - g^{p^ X r) 

- d'^A^ 

(3.3) 
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são os tensores dos campos vetoriais. O caráter isovetorial de e está sendo indicado 

pelas setas. Os termos de auto-interação para o méson cr, proporcionais a cr^ e cr"^ foram 

introduzido por Boguta e Bodmer [8] para reproduzir propriedades nucleares importantes 

como a incompressibilidade e a espessura da superfície de núcleos finitos. Eles são impor- 

tantes, também, para dar conta da deformação nuclear [9]. Para o campo do fóton estamos 

usando o gauge de Feynman [10, Sec.3-2]. A densidade de lagrangeana de interação é escrita 

como 

Cint = 

• fíp 

+ 7-3)^^'' (3.4) 

numa notação padrão [1], com as constantes de acoplamento dadas por g^, g^j, gp, e /p e a 

matriz de isospin de Pauli, por r. É recomendável, no caso dos mésons vetoriais, acrescentar 

ao acoplamento direto o acoplamento derivativo, também conhecido como acoplamento 

tensorial [7]. Para o méson u isso não é necessário porque a contribuição de um termo 

desse tipo é muito pequena [11]. Iremos mostrar que isso também acontece para o méson p 

no que se refere ao estado fundamental, mas não para excitações no canal spin-isospin como 

a de Gamow-Teller, que iremos tratar aqui. Por esse motivo tomamos, apenas para esse 

méson, um acoplamento misto (vetorial-ftensorial) com os termos proporcionais ã gp e fp 

em (3.4). Para a interação ttN, dois tipos de acoplamento são possíveis: o pseudovetorial 

ou o pseudo-escalar 

777-TT 

^ttNN - • 7T, 

(3.5) 

(3.6) 

Para cálculos de reações (“on the energy shell”) os dois tipos são equivalentes desde que as 

constantes de acoplamento estejam relacionadas por 

/tt g^ 

m,r 2M 
(3.7) 
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Porém em cálculos de estrutura nuclear (“ofF the energy shell”) isso não ocorre e o acopla- 

mento pseudovetorial leva a resultados melhores. Por esse motivo escolheremos o acopla- 

mento pseudovetorial dado em (3.5). É verdade que essa escolha torna a densidade de 

lagrangeana não renormalizável. Contudo, adotaremos o ponto de vista de que essa é uma 

densidade de lagrangeana efetiva, no sentido que a usamos somente para gerar termos de 

troca de um bóson, com parâmetros ajustados para reproduzir os dados experimentais. 

Um tratamento rigoroso em teoria quântica de campos relativística exigiria a inclusão de 

termos de polarização do vácuo que são muito complicados e de difícil tratamento, espe- 

cialmente para núcleos finitos [1]. Apesar da contribuição do pion ser nula na aproximação 

de campo médio ele foi incluído aqui porque pretendemos utilizar essa mesma densidade de 

lagrangeana no cálculo RPA onde sua contribuição é relevante. Notemos que, não se deve 

esperar que as constantes de acoplamento do modelo, ajustadas na aproximação de campo 

médio, tenham o mesmo valor que as respectivas constantes de acoplamento no espaço livre, 

pois vários efeitos de polarização da matéria nuclear irão afetar os seus valores. O mesmo 

vale para as suas massas. No entanto, para o píon, que não contribui, como veremos, na 

aproximação de campo médio, tomaremos os valores experimentais. 

Podemos obter as equações de movimento para os diversos campos exigindo que a ação 

correspondente à densidade de lagrangeana (3.1) seja estacionária por variações arbitrárias 

de qualquer um dos campos Qí = xp, a, u>^ ,tt ,p^ , ou seja. 

ô Jt dt J d^xC{x,t) = 0. 

Isso nos leva às conhecidas equações de Euler-Lagrange 

(3.8) 

--a 
dqi ^d{d^qi) 

= 0 

e, consequentemente, às equações de movimento para esta versão da QHD 

(3.9) 

{d^d^ + ml)o 

+ mlu'' 

+ Vd + M*]xP = Q 

= - 920-'^ - 93(^^ 

= 9u'^YÍ’ 

= —df,{xpj5'y>^fxp) {d^d^ -h m^)7f 
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d^.d^A'' = + '^3)V' (3.10) 

onde 

= g^uj^ + + e|(l + T3)A^ 

M* = M + g^a (3.11) 

Com a invariância da densidade de lagrangeana (3.1)-(3.5) sob uma transformação de 

Com esse resultado, aplicando o operador di, na equação para o méson u em (3.10) levando 

em conta a anti-simetria de em (3.3) podemos simplificar aquela equação e então 

escrever 

3.2 Aproximação de Campo Médio 

Como as equações (3.10) são não lineares e estão acopladas, suas soluções exatas são ex- 

tremamente complicadas. Embora as equações para os campos bosônicos livres possam 

ser resolvidas, não é possível levar em conta os termos de fonte perturbativamente pois 

as constantes de acoplamento são, em geral, grandes. No entanto, no interior do núcleo a 

densidade bariônica é suficientemente elevada para que possamos substituir esses termos 

de fonte pelos seus valores esperados no estado nuclear de interesse. Os campos bosônicos 

passam então a ser tratados como campos clássicos satisfazendo as equações assim obtidas. 

O campo bariônico permanece quantizado e satisfaz a primeira equação em (3.10) com os 

campos bosônicos substituídos por esses campos clássicos. Todo o sistema de equações 

deve ser resolvido de modo autoconsistente. Esse esquema é conhecido como aproximação 

de campo médio (RMFT) e será empregado aqui para resolvermos as equações de campo 

fase global e o teorema de Noether [1] obtemos a conservação da corrente bariônica, isto é. 

= 0. (3.12) 

(d^d" + mDhi'' = (3.13) 

(3.10). 
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Como 0 estado fundamental de um núcleo finito estável é um estado estacionário, pode- 

mos admitir que existe um referencial (o referencial de repouso) onde os valores esperados 

das diversas densidades e correntes nos termos de fonte em (3.10) sejam independentes 

do tempo. As equações para os campos bosônicos na RMFT admitirão, portanto, soluções 

também independentes do tempo. A equação para o campo bariõnico terá então, na RMFT, 

a forma de uma equação de Dirac com potenciais locais e estáticos e o operador de campo 

■0(x) pode ser expandido em termos das auto funções dessa equação como 

= Y. -f- 6^Va(íc)e“*®“ , (3.14) 

onde lembramos que o conjunto completo de soluções inclui, tanto auto funções de energia 

positiva como de energia negativa (—E^~^). Os coeficientes e são interpretados, 

respectivamente, como operadores de aniquilação de partículas e criação de antipartículas 

no estado a. 

Como já dissemos, na RMFT os operadores de campo bosônicos e suas fontes são 

I substituídos por seus valores esperados no estado fundamental \F). Esse estado é construído 

com estados bariônicos de partícula-única a, com energia positiva, preenchidos até o nível 

I de Fermi ap, e não contém antibárions, ou seja 

\F): 

ba\F) = 0 

aÍ\F) = 0 

aa\F) = 0 

, para qualquer estado a 

, para a < ap 

, para a > ap 

(3.15) 

No cálculo dos valores esperados adotamos, para o produto dos operadores de campo, 

0 ordenamento normal em relação ao vácuo (estado sem nucleons, mésons ou suas an- 

tipartículas) para eliminar os estados com energia negativa. Isso corresponde a dizer que 

iremos trabalhar na aproximação “no sea”, isto é, sem o mar de Dirac. As tentativas 

feitas para incluir os estados com energia negativa na aproximação de “1-loop” para a 

matéria nuclear, núcleos esféricos e deformados mostram que, com um apropriado reajuste 

dos parâmetros da densidade de lagrangeana, obtém-se resultados próximos aos da aprox- 

imação “no sea”. Na aproximação de “2-loops”, no entanto, sérios problemas são encontra- 

dos e nenhum resultado satisfátorio é obtido [2, 3, e referências aí incluídas]. De qualquer 

forma nesse trabalho consideramos a RMFT como uma ferramenta fenomenológica que, por 
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definição , despreza os estados com energias negativas. Sendo assim, na RMFT o operador 

de campo do nucleon é expandido em termos apenas dos estados de partícula-única com 

energia positiva, isto é. 

(3.16) 
a 

onde, para simplificar a notação e por não ser mais necessária a distinção , escrevemos 

em lugar de . 

Implementando essa aproximação nas equações de campo (3.10) e eliminando os estados 

com energias negativas obtemos as equações da RMFT 

[-ia • V + 

{-V^ + ml)a 

(-V2 + m2)7f 

+ Fd + M*)]Ua = EJAa{x) 

= -9<7ps(x) - 92(7^ - 93<^^ 

= 9wf{x) 

u 
Ppv {x) 

y*p V í \ 

= eip(®) (3.17) 

onde 

p,[x) = {íjí;) = '^Uc,{x)Ua{x) 
a 

f(x) = =Yl^Á^)^'''^oXx), 
Ot 

Ppv{x) = (5i(l^757*T^)) = 5]9i[W«(íE)75y7^a(íc)], 
Cl 

j^{x) = (xjjYr^) = J2^cc{xh‘''^a{x), 
a 

Jt‘'{x) = {di{ipa‘'^fip)) = J29i[^a{x)a‘'^Tn^a{x)], 
a 

jpi^) = {'fPim'i-+T3)'lp) =J2^a{x)Y^{'i-+T3)Ua{x). (3.18) 

Os valores esperados são calculados no estado fundamental |F) definido em (3.15) e usando- 

se (3:i6). 
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3.3 Simetrias na RMFT 

Simetrias simplificam consideravelmente as equações de campo médio (3.17). Ao longo 

desse trabalho assumiremos que o estado fundamental nuclear \F) tem carga e paridade 

bem definidas além de simetrias por reversão temporal e por rotações . Esse é o exemplo 

do estado fundamental de um núcleo par-par, e especificamente o caso dos núcleos alvo que 

iremos estudar. 

Com o estado \F) tendo carga bem definida podemos eliminar todos os objetos carrega- 

dos, tais como e pois (F|7t^|F) = (F|p=*=|F) = 0. Da mesma forma (F|r=‘^lF) = 0. 

Consequentemente, restarão apenas as componentes tts, pa e ra nas equações de movimento 

(3.17) -(3.18). Os termos não lineares em p também se anulam porque envolvem produtos 

vetoriais no espaço de isospin. Por outro lado se multiplicarmos a equação de Dirac em 

(3.17) por W^Ta, seu conjugado hermitiano por r^Ua e subtrairmos uma da outra, teremos 

-Ídi{ÜaYT3^a) + V^]Ua + Wa[ra, Vd]Ua = 0 (3.19) 

Como os mésons carregados não contribuem nessa aproximação , é óbvio que os comutadores 

acima se anulam, implicando em 

diiÜafnUa) = 0 (3.20) 

e, portanto, na conservação de corrente 

d^j!;;^{x) = 0 (3.21) 

Derivando a equação de movimento do p em relação a a:^, levando em conta sua inde- 

pendência no tempo, a anti-simetria de e (3.21) obtemos que d,yp^ = 0, simplificando 

a equação desse méson. Com tudo isso, obtemos 

+ + Vd + M*)]Uc, = EMx) 

(-V^ + ml)(T = -g^Ps{x) - p2a^ - 

+ - guifix) 

{-V‘^+ml)'Kz = —Ppvãix) 
TÍIt^ 

-V^4- = ej;(x) (3.22) 
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Na seção 3.1 mencionamos que a contribuição do méson tt na RMFT é nula. Sendo 

0 píon uma partícula pseudo-escalar, o seu campo transforma-se por inversão espacial, V, 

como segue 

'P7f(a3, = —7t(—£c, í) (3.23) 

Se admitirmos que o estado \F) tenha paridade definida, isto é 

V\F) = ±\F), (3.24) 

e, como V^V = 1, também. 

V*\F) = ±\F), (3.25) 

temos 

{F\V7:{x,t)V^F) = (F|7r(a;,í)|F) (3.26) 

e devido a (3.23), 

{F\VtíÍx, t)V^F) = -{F\n{-x, t)\F). (3.27) 

Logo, comparando (3.26) com (3.27), obtemos a seguinte relação para o campo clássico do 

píon (valor esperado) 

7r{x,t) =—Tr{—x,t). (3.28) 

Com esse último resultado verificamos que a parte dependente do píon para o potencial 

clássico Vd em (3.11), isto é, V"/(x) = • d'^7Í{x), se transforma por paridade como 

PV/(x)P* = VJ(x). (3.29) 

Isso garante que as soluções de partícula-única Ua{x) tenham paridade definida, 

PUa{x) = 7oWq( —íc) = ±Ua{x). (3.30) 

Com (3.30) podemos mostrar que o termo de fonte para o píon em (3.18) é nulo, pois, 

di[Üa{x)^5'yWzUa{x)] = [diÜa{x)]'y5^WzUa{x) +Üa{x)^t,^''Tz[diUa{x)\ 

= [diÜoc{x)]P'^ P'y^'^'‘T'iUa{x) +Üa{x)'y^^\zP'^P[diUa{x)] 

= -di[Üa{x)P‘']'y^'yWzPUa{x) -Üa{x)P'^'yzl''rzdi[PUa{x)] 

= -di\Üa{x)'y5^"TzUa{x)] (3.31) 
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Portanto, esse resultado demonstra que o píon não contribui na RMFT, bastando para isso 

que o estado fundamental nuclear |F) tenha paridade definida. 

j No apêndice B mostramos que as densidades bilineares Üa{x)')^Ua{x) e Üa{x)a'^'’Ua{x) 

se transformam por reversão temporal como 

Ua{x)Ylla{x) 

-Üa{x)'y^^Ua{x) 

/i = 0 

// = 1,2,3 
(3.32) 

e 

UTa{x)(7''^UTa{x) = 
Ua{x)a''^Ua{x) 
_ 

-Ua{x)o'''‘Ua{x) 

í/ = 0 

= 1,2,3 
(3.33) 

onde ÜTa{x) denota o espinor transformado por reversão temporal. Lembramos ainda 

que, sendo a matriz de Pauli tz real, as densidades Üa{x)')^rzUa{x) e Üa{x)a‘'''TzUa{x) 

se transfomam da mesma forma que as densidades acima. Por outro lado a simetria por 

reversão temporal do estado \F) significa que, se o estado Ua estiver ocupado, o estado Ura 

também o estará. Sendo assim todas as componentes espaciais {p = 1,2,3) das correntes 

em (3.18) são nulas. Isso permite eliminar essas componentes para o cu, o p e o fóton, em 

(3.17), obtendo-se 

[—ia • V + P{'yoV° -f- 

{-V^ + ml)a = 

(-V2-f-m>° = 

= 

Fd + M*)]Ua = EMa{x) 

-9<tPs{x) - g2cr^ - 

9wf{x) 

(3.34) 

Com a simetria esférica de |F) temos 

n\F) = \F) (3.35) 

onde TZ é um operador unitário que representa a rotação R em segunda quantização . 

Além disso, no apêndice C mostramos que as densidade escalar, vetorial e tensorial se 

transformam por rotações como 

R) {R)'ip{x)'ip{x)TZ{R) = 'ip{Rx)tp{Rx), 
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{R)ip{x)'y°'tp{x)Tl{R) = ij;{Rx)'r°rp{Rx), e 

Tl\R)ip{x)a°^'ip(x)n(R) = i){Rx)o°^ip{Rx)RÍ, (3.36) 

/ 
Substituindo (3.35) em (3.36) obtemos 

{F\i;{x)^{x)\F) = {F\xP{Rx)i;{Rx)\F), 

{F\^{x)'r°xP{x)\F) = {F\^{Rx)'y^^{Rx)\F), e 

{F\i>(x)a°^i;{x)\F) = {F\ij{Rx)a'^^i;{Rx)\F)Rj, (3.37) 

As duas primeiras expressões mostram que, em cada caso, a correspondente densidade no 

ponto rodado tem o mesmo valor daquela no ponto não rodado. Isso será possível somente 

se a dependência espacial dessas densidades for puramente radial. A terceira expressão 

mostra, por sua vez, que, se aplicarmos ao vetor {F\'ip{Rx)a^^il;{Rx)\F) a rotação inversa 

a R, obteremos o vetor original {F\'ip{x)(j°'‘il;{x)\F). Isso só é possível (com R arbitrário) 

se esse vetor depender apenas de r = |íc| e só tiver componente na direção x/\x\. 

Implementando esses últimos resultados nas densidades restantes em (3.34), obtemos 

[—ioí • V + — EcMa{^) 

(-V^ + ml)(j = -gaps{r) - 92^^ - 

{-V^ + ml)u° = 9u;Pv{r) 

{-V^ + ml)pl = ^p3(r) + ^pt(r) 

= epp(r) (3.38) 

onde 

Pv{r) = f{r) 

PÁf') = fvzir) 

Ptir) = jtsir) 

Pp(r) = jp{r) (3.39) 

com 

+ e|(l + T3)A° 5 
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Vd = -^^oid'p% e 

M* = M + g^a (3.40) 

/ 

Como podemos ver, a dependência radial das densidades faz com que os campos mesônicos 

e do fóton também tenham a mesma dependência. Nesse caso a equação para o espinor 

Ua{x) é uma equação de Dirac com potenciais centrais que, além disso, conserva a paridade. 

Suas soluções têm portanto a forma [1] 

^a(^) — ^nícmt(^) — 
^ AGa{r)/r]^^rn 

(3.41) 

Os números quânticos são definidos por {a} = {a; m} = {n, ac, í; m} onde n é o número 

quântico principal, k = ±{j + 1/2) para j = l± 1/2, m é a projeção do momento angular 

total j et é a projeção do isospin {t = 1/2 para prótons e í = —1/2 para nêutrons). Ga{r) 

e Fa{r) são as funções de onda radiais, Ct é o iso-espinor de duas componetes e são os 

harmônicos esféricos espinoriais 

Qm^^s\jm)YirniXms 
rrurris 

(3.42) 

K, 

-(/c + 1), 

AC > 0 

AC < 0 
(3.43) 

Yim, são os harmônicos esféricos usuais e Xm, o espinor de duas componentes de Pauli. 

Substituindo o espinor (3.41) na equação de Dirac em (3.38) obtemos as equações para 

as funções de ondas radiais Ga{r) e Fa{r), dadas por 

(M-+ - (ô, - ^) íi - Uí; = EA 

(a, + í) G. - V,G« + (V“ - = E.F. (3.44) 

onde e M* estão definidos em (3.40) e 

(3.45) 
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As densidades ps, pz, pt e Pp ficam 

PÁt) = Ç^|:^[|G.(r)l“ + |í;(r)|^), 

a 
occ 

P.M = 
a 

occ 
47T 

PÁr) = E^|;^(< + 5)llG.MP + |í;Mn (3.46) 

Nas somas acima o limite superior occ indica que devemos somar sobre todos os estados 

ocupados. 

As equações para os campos mesônicos e para o fóton podem ser escritas na forma 

compacta 

2 
[-dl - -dr + 0(r) = s^(r), (3.47) 

s<j>{r) = < 

onde m<j) é a massa dos mésons para (f) = a, u, p e nula para o fóton. Os termos de fonte 

s^(r) são, 

—daPsi^) — 92<^^ — 93(^^ para o méson cr 

9ujPvif) para o méson u 
(3.48) 

^/^3(r) + ^Pt{r) para o méson p 

epp{r) para o fóton 

As equações de Klein-Gordon (3.47) podem ser resolvidas usando o método de funções de 

Green, 

(/)(r) = / r'^G^{r,r')s^{r')dr' (3.49) 
JO 

Para os campos massivos, 

e, para o fóton, 

2m^ rr 

Gp(r, r') = - 

(3.50) 

l/r para r > r' 

l/r' para r < r' 
(3.51) 
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Neste trabalho, procederemos assim para o fóton. Porém para os mésons usaremos o 

método descrito na seção seguinte. 

í / A 
3.4 Soluções da RMFT em Bases de Oscilador Harmônico 

Para as aplicações que pretendemos fazer, é interessante trabalharmos com soluções de 

partícula única da RMFT discretizadas. Uma das maneiras de discretizar estas soluções 

é expandir os diversos campos que aparecem nesse modelo numa base discreta. Nesse 

trabalho resolveremos as equações de Dirac radiais para o nucleon (3.44) e as equações 

de Klein-Gordon para os campos mesônicos (3.47) expandindo as funções de onda radiais 

em (3.41) e os campos ^{r) em (3.47) num conjunto completo de autofunções de oscilador 

harmônico, seguindo o método de P. Ring e colaboradores [9] que passamos a descrever. 

Ao resolvermos as equações da RMFT nessa nova base é impraticável incluirmos todos 

os auto-estados de oscilador, porisso truncamos a base até um certo valor finito de camadas 

de oscilador Amax- Para as funções de onda de férmions esse valor máximo é dado por Np 

e para os campos mesônicos por Np. Os valores de Np e Np são determinados de modo 

que a convergência seja alcançada para os orbitais mais baixos, que estarão ocupados em 

1^)- 

Iniciaremos por expandir as funções de onda radiais Ga{r) e Fa{r), separadamente, 

através das funções radiais Rni{r) de um potencial de oscilador harmônico esférico com 

frequência Huq e comprimento de oscilador Òq = yJh/Muo, 

^max 
G.W = ■£ Gi^iRniA’-) 

n=l 
T^max 

FÁr) = (3-52) 
n—l 

onde la = lii ^ L — ^-/c com definido em (3.43). rimax e nmax são os números quânticos 

radiais máximos que os estados da base do oscilador podem assumir, e são determinados 

pelo número máximo de camadas Np = 2(nmax — 1) + /a e Np = 2(nmax — 1) + ^a- As funções 

de onda Rni{r) e suas propriedades estão definidas no apêndice D. Conforme é discutido 

em [9] é importante que o número máximo de camadas Nmaxí com que as componentes 

pequenas são expandidas, seja maior que o número máximo A^ax com que as componentes 
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grandes são expandidas. Isso pode ser visto se eliminarmos as componentes pequenas 

na equação de Dirac (3.44). Então teremos a seguinte equação para os coeficientes das 

componentes grandes, 

Evidentemente não podemos truncar a soma das pequenas componentes em hen' para n ou 

< í^max porque isso faria com que uma contribuição não nula do termo de energia cinética, 

que acopla n com n, fosse perdida. Esse problema pode ser contornado se escolhermos para 

a soma em n o valor máximo A^max e para a soma em n o valor máximo Nmají = A/max + 1- 

Inserindo as expansões (3.52) nas equações radiais (3.44), usando as relações de ortog- 

onalidade das funções de onda Rni^ (r) e a propriedade 

n' '■ n h‘ 

(3.53) 

(3.54) 

obtemos o seguinte problema de autovalores para uma matriz real e simétrica : 

(3.55) 

com 

(3.56) 

Note que a resolução das equações radiais (3.44) se transforma na diagonalização da matriz 

em (3.55). 
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As densidades ps, pa, pt e pp nessa base são dadas por 

Ps{r) 

Pv{r) 

P3(^) 

Pt{r) 

Pp{r) 

= E 
a 

occ 

= E 
a 

occ 

= E 

1 w, ^ 
Paa (’’) > 

2Ía + 1 W/ N 

2jg + 1 

47rr^ 
2ípia^(r), 

2E%Í^2«.2W, 

occ 

= E 

onde 

^max 

47rr2 

2ia + 1 
47r7'2 

^max 

(í + ètóíM- (3.57) 

nn' nn' 
^max ^max 

pSÍO = E Ft^fPR^;R„i,. 
nn' nh' 

^max ytmax / \ ( 0 

= E EGír’d“’ + + . (3.58) 
n n ^ ^ 

Para os campos de mésons usaremos as funções de onda do oscilador em (D.5) com 

momento angular nulo e, para que esses campos e seus respectivos termos de fonte tenham 

a mesma dependência assintótica em r, a saber, ~ ea:p[—(r/6o)^], usaremos para os mésons 

0 comprimento de oscilador bs — bal\pl. Escrevemos, então. 

1 flB 

= ~^(f>nRn(r) 

1 "B 

^n=l 
(3.59) 

De maneira análoga ao que foi feito para as soluções radiais para o campo do nucleon, 

iremos inserir (3.59) nas equações de Klein-Gordon (3.47) obtendo um conjunto de equações 

lineares não homogêneas 

"B 
^ ^ 'Hnn'4^n' — 

n'=l 
(3.60) 

com a matriz 

'^nn' — ^nn' {^b^[2(t2 — 1) + 3/2] + + Sn+in>bg^-\Jn{n + 1/2) 

+Kn'+íbg‘\/n'{rí +1/2) (3.61) 
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Vemos que a equação de Klein-Gordon (3.47) se reduz à equação matricial (3.60), que pode 

ser resolvida por inversão. Essa maneira de resolver as equações de Klein-Gordon não é 

muito eficiente para o campo coulombiano; por tratar-se de um campo com um alcance 

infinito, a convergência para o parâmetro de truncamento Ub é muito lenta. Para esse caso 

é preferível empregar o método de funções de Green discutido na seção anterior. 

As equações da RMFT, (3.55), (3.60) e, para o fóton, (3.49) são resolvidas iterati- 

vamente até obter-se auto-consistência. Os valores de Np e Nb são escolhidos como os 

menores possíveis que permitam alcançar essa autoconsistência. Isso é testado numeri- 

camente através da convergência dos campos bosônicos. Utilizamos o código FORTRAN 

elaborado por P. Ring e colaboradores [24] para realizar os cálculos da RMFT para o “^^Ca, 

90zr e 208p|^ nesses moldes. 



/ 
/ 

Capítulo 4 

Aproximação de Hartree 

Vimos no capítulo anterior que a dificuldade para resolver as equações (3.10) pode ser 

contornada com a RMFT. Por outro lado, existe um formalismo empregado para descrever 

sistemas quânticos de muitos corpos não relativísticos, conhecido como método de funções 

de Green [12], que pode ser estendido para o caso relativístico da QHD [1]. Nesse formal- 

ismo os observáveis de interesse do sistema são obtidos de quantidades conhecidas como 

funções de Green ou propagadores das partículas envolvidas no sistema. Além disso, a 

grande vantagem desse método é que os propagadores interagentes podem ser expandidos 

em termos dos propagadores não-interagentes. 

Este capítulo está dividido em três seções . Na primeira seção , iremos introduzir as 

regra de Feynman para a QHD. Na segunda, a aproximação de Hartree relativística. Na 

última discutiremos a equivalência dessa aproximação com a RMFT. 

4.1 Regras de Feynman para a QHD 

Como a QHD é um modelo com acoplamentos fortes, sabemos que, ao expandir os propa- 

gadores interagentes, os termos de ordem mais baixa não podem descrever adequadamente 

0 sistema. Por esse motivo necessitamos recorrer a um método sistemático para obter o 

n-ésimo termo na expansão dos propagadores interagentes. Isso pode ser feito com ex- 

pansões diagramáticas dos propagadores do modelo através das regras de Feynman, que 

exibiremos a seguir. Os ingredientes básicos dessas regras são os propagadores livres ou 

não-interagentes do nucleon — y) e dos mésons a, u, tt e p, D^{x — y), — y), 

Dla,bi^ - y) e — y), respectivamente, além daquele do fóton D^^'^{x — y). Esses 

32 
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propagadores são definidos abaixo ; 

r 
iG%(x-y) s («ü|TlV-„W<Ã„(!/)ll'ío>=i/(^e-“<*-»>G»^(A:) 

Wl(x-y) = (4’o|T(a(i)<7(Ei)]|'í'o> 

iDl'“'{x-y) s (ío|TK(:rKfa)||í„)=i|^e-'‘(--!')£)y‘'(*:) 
(27t)^ 

d^k 
iD°..,t{x -y) s (\Po|r[7r,(x),r»(!,)l|»„> = i| 

/^4íl 

(27t)^ 

d^k 
W^^^ix-y) = (9;„|T(A'‘(i)4‘'(s,)ll'í«)=i/j^e--‘(—')D;'“'(«;) (4.1) 

onde |'ío) representa o estado fundamental não interagente, com os estados de nucleons 

livres ocupados até o nível de Fermi e sem nenhum méson. Os operadores de campo estão 

na representação de interação e T[- • •] denota o produto ordenado no tempo ou produto 

cronológico. Os índices romanos, a e b, referem-se às componentes do isospin. 

Os propagadores livres no espaço dos momentos que aparecem em (4.1) são, para o 

nucleon [1, Sec. 5.1] 

GUk) = (l,k>‘ + MU 
+ ie 

= G%~{k)aa + G%){k)ap 

+ 
27T 

E°{k) 
S{k° - E°{k))9{kF - |fc|) 

(4.2) 

e para os mésons [1, Secs. 5.1,7.4 e 7.6] e o fóton [10, Sec. 3.2.2] 

Dl>^''{k) 

DlaÁk) 

DlZ^k) 

D^^^''{k) 

= + 
kf^k"'' 

mt k\ - ml + ie 

^ab 

kl — ml + ie 

= Sab{-9^‘' + 
k>^k‘'' 

mi kl — m^ + ie 

kl + i le 
(4.3) 

com E°{k) = (fc^-t-M^)K Esses propagadores são obtidos com as equações homogêneas as- 

sociadas a (3.10). Alguns desses propagadores estão calculados detalhadamente em [13]; os 

demais são obtidos analogamente. Podemos notar que o propagador do méson a no espaço 

dos momentos não aparece em (4.3). Isso acontece porque foram introduzidos termos de 
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auto-interação para este méson na densidade de lagrangeana livre (3.2) e, consequente- 

mente, a forma do seu propagador não é mais tão simples como para os demais mésons, 

como veremos na seção 4.3. 

Os propagadores interagentes são definidos em termos de produtos cronológicos de forma 

semelhante às expressões (4.1) mas, agora, o estado fundamental não interagente |^o) é 

substituído pelo estado fundamental interagente e os operadores de campo passam para 

a descrição de Heisenberg. Os propagadores interagentes podem ser expandidos em série 

de propagadores livres através dos teoremas de Wick* e de Gell-Mann e Low [12, Gap. 3]) 

cuja expressão diagramática nos permite introduzir as regras de Feynman para esse modelo. 

Para essa expansão precisamos da densidade de hamiltoniana de interação . Na ausência 

de acoplamentos derivativos, essa pode ser simplesmente substituída pela densidade de 

lagrangeana de interação com o sinal trocado. No nosso caso (Ver (3.4) e (3.5)) usamos 

acoplamentos derivativos para o tt e o p. As complicações adicionais decorrentes disso 

podem ser contornadas conforme mostramos no apêndice A . 

Abaixo seguem as regras de Feynman que obtemos para o termo de ordem n na expansão 

do propagador interagente do nucleon Gap{x,y) na QHD: 

1. Os propagadores livres e são representados por 

linhas como mostra a Fig. (4.1) 

*É bom lembrar que o ordenamento normal que aparece na expansão de Wick é feito em relação a 

lí-o >. 
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2. Os vértices de interação estão representados na Fig. (4.2) e a rotulagem dos índices 

espinoriais na Fig. (4.3) 

.1 

Figura 4.2: Vértices da QHD. As derivadas parciais agem nos propagadores dos mésons. 

Figura 4.3: Rotulagem dos índices espinoriais nos vértices. 

3. Desenhamos todos diagramas topologicamente distintos com n vértices (n = 0, 2,4,...) 

e n + 1 linhas de nucleon orientadas e contínuas, com uma delas ligando os pontos 

externos y e x, como na Fig. (4.4). 

Figura 4.4: Contribuição de ^ ordem para iGap(x,y). 

4. Completamos os vértices ligando-os com linhas de mésons e fótons. 

5. Não incluímos diagramas com partes desconectadas aos pontos externos, como o 

representado na Fig. (4.5). 
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J 

Figura 4.5: Diagrama com parte desconectada aos pontos externos. 

6. Rotulamos completamente cada vértice com as coordenadas de espaço-tempo e os 

índices espinoriais^ {a, P,.. de Lorentz {p, v,...) e de isospin (a, ò,...). 

7. Somamos sobre todos os índices repetidos. 

8. Integramos sobre todas as coordenadas do espaço-tempo nos vértices internos. 

9. Incluímos o fator (—1) para cada “loop” de férmions. 

10. Os propagadores de nucleon com tempos iguais, são interpretados como: 

G%{xt,xt+). (4.4) 

onde indica um instante infinitesimalmente posterior a t. 

Estas são as regras de Feynman para a QHD. Elas serão de grande importância para 

obtermos a aproximação de Hartree e a aproximação da fase aleatória relativísticas. 

4.2 Aproximação de Hartree Relativística 

Agora que conhecemos as regras de Feynman para a QHD, podemos aplicar as técnicas 

padrões de expansões perturbativas ao problema nuclear. Quando expandimos os propa- 

gadores interagentes em série de propagadores livres é muito complicado somarmos todas 

as contribuições que aparecem. Daí surge a necessidade de encontrarmos um método sis- 

temático que selecione uma classe de diagramas relevantes e torne possível fazermos a soma 

de todos estes termos. Em 1976, Chin [14, 15] mostrou que os diagramas necessários para 

^Note que no presente caso esses índices referem-se, tanto ao espinor de Dirac, como ao de isospin. 
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obter os mesmos resultados da RMFT, no modelo cr — o;, são os diagramas de “tadpoles” 

(Veja Fig. (4.6)). Nesta demonstração Chin não incluiu os termos de auto-interação do 

méson cr, essenciais para reproduzirem propriedades de superfície do núcleo atômico. Por 
í 

outro lado, no contexto de teoria de muitos corpos, a aproximação que consiste em levar 

em conta apenas as contribuições de “tadpoles” denomina-se aproximação de Hartree. 

Baseado nos resultados de Chin pretendemos, aqui, manter apenas os diagramas de 

“tadpoles” para o propagador do nucleon, ou seja, o primeiro da Fig. (4.6). Usando as 

Figura 4.6: Contribuições de “tadpoles” de segunda ordem para os propagadores do nucleon e dos 

mésons ou do fóton. Para simpliãcar, de agora em diante a linha ondulada estará representando, 

indistintamente, os propagadores dos mésons a, uj, tt e p e do fóton. 

regras de Feynman da QHD e nos limitando apenas a diagramas de “tadpoles” obtemos 

a equação diagramática mostrada na Fig. (4.7) e a seguinte expressão analítica para o 

propagador do nucleon 

Figura 4.7: Expansão diagramática do propagador do nucleon levando em conta apenas diagra- 

mas de “tadpoles”. 

G(x,y) = G°(x -y) + J d*zG°(x - z)'E^^'’{z)G(z,y) (4.5) 
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O til em G{x, y) é colocado para lembrar que essa não é a expressão completa do propagador. 

A auto-energia do nucleon, em segunda ordem na interação , está representada 

diagramaticamente na Fig. (4.8). Explicitamente, temos 

= <www(^ 

Figura 4.8: Auto-energia do nucleon em segunda ordem na interação . 

com 

+ i"” (¥7,. - S í « (^) + 7i.(l + T3)£?’‘‘(z) 

-igl j d^^yD^iz - y)Tr[G°{y,y+)] 

-igl j d'^yDl^''{z-y)Tr[y^G^{y,y'^)] 

f ab(z - y)]Tr['Y57nr'’G\y, y+)] 

-i j d^Dl (z - y)Tr d, ) r’’G°{y, ?/+) 

-Kíf f d^yDY''^z - y)Tr[y„{l + rz)G^{y, y+)j 

(4.6) 

(4.7) 

A equação analítica (4.5) e diagramática Fig. (4.7) é conhecida como equação de Dyson 

[12] para o propagador do nucleon. 

Acontece que T,^'^\z) em (4.5) envolve integrais de G^{y,y^) e pode ser mostrado que 

essa expressão contém infinitos devido à contribuição dos estados livres com energia nega- 

tiva vinda de Gp em (4.2) [13]. A maneira rigorosa de tratar esses infinitos seria através de 

um procedimento de renormalização [1]. Isso, no entanto, não poderia ser implementado 

aqui pois a lagrangenana (3.1)-(3.5) não é renormalizável. Na verdade, como mencionamos 

na introdução , a QHD deve ser vista como uma teoria efetiva e, portanto, adotaremos 

aqui como uma regra simples incluir apenas G% no cálculo de o que corresponde a 

ignorar a contribuição do vácuo. Isto equivale a ordenar normalmente em relação ao vácuo 

os produtos de operadores de campo na densidade de lagrangeana. 
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Apesar de contornarmos as divergências que aparecem em a soma em (4.5) 

não é autoconsistente, porque nesta expressão {z) é calculada a partir de propagadores 

não interagentes. A autoconsistência pode ser implementada se usarmos os propagadores 
.1 

interagentes, ao invés dos não interagentes, no cálculo de T,^‘^'>{z). Isso pode ser visto 

diagramaticamente na figura Fig. (4.9). Esse procedimento define a aproximação de Hartree 

Figura 4.9: Equação de Hartree para o propagador do nucleon. A linha grossa representa iG^. 

relativística, com o propagador do nucleon dado por: 

G^{x, y) = G°{x -y) + J d‘^zG°{x - z)T,^{z)G^{z, y) (4.8) 

onde agora, (z) é calculado com o propagador de Hartree G^. 

Para finalizar esta seção queremos fazer um comentário sobre o termo k^k'' que aparece 

nos propagadores dos mésons vetoriais massivos oj e p em (4.3). Com as regras de Feynman 

podemos mostrar que este termo não contribui para os diagramas de “tadpoles”. Para isso 

basta fazer o cálculo no espaço dos momentos e notar que nesses diagramas o momento 

transferido pelo méson é necessariamente nulo. 

4.3 Equivalência entre a Aproximação de Hartree Relativística e 

a RMFT 

Agora pretendemos mostrar como as equações da RMFT, (3.17) e (3.18), podem ser obtidas 

com a aproximação de Hartree para o propagador do nucleon em (4.8), e assim mostrar 

a equivalência das duas aproximações , como feito por Chin, só que agora incluindo a 

auto-interação do méson cr. 

Aplicando o operador ~ M) ao propagador do nucleon livre em (4.1), obtemos 

- M)G°{x,y) - - y), (4.9) 
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Por outro lado se aplicarmos este mesmo operador em (4.8) e usarmos (4.9) teremos 

- E^(x) - M)G^{x,y) = - y). (4.10) 

Porém, G^{x, y) é a aproximação de Hartree para o propagador interagente o que permite 

escrevê-lo na forma 

iG^{x, y) = {^^\T[i;^{x)i) ^(y)]|í^^) (4.11) 

onde |'I^^ > e il}^{x) são o estado fundamental interagente e o operador de campo, ambos 

na aproximação de Hartree. Um procedimento análogo ao seguido para chegar a (4.9) 

permite, então, concluir que a (4.10) será satisfeita se ip^{x) satisfizer, 

- E^(x) - M)^^{x) = 0. (4.12) 

Como queremos que o estado represente o estado fundamental de um núcleo finito, 

esse estado deve ser localizado no espaço e estacionário, isto é, homogêneo no tempo. 

Portanto iG^g{y,y^) = {'^^\T['tp^{y,y°)'ipf{y,y'^'^)]\'^^) deve depender de y mas não de 

í/°. Considerando esse resultado, temos, por exemplo, para 

J d^y [f_^dy°Dl{x - y)Gfg{y,y+)^ (4.13) 

Pelo simples fato de depender apenas da diferença a; — y resulta que, dy^D^Çx — y) é 

independente de o;°. Um resultado análogo vale obviamente também para os outros mésons 

e para o fóton. Isto permite concluir que a auto-energia do nucleon para núcleos finitos é 

independente do tempo. Com isso podemos separar a variável temporal na equação (4.12) 

e procurar por soluções da forma dada em (3.14), onde os espinores de energia positiva, 

Ua, e negativa. Va, satisfazem 

[-ia-V + PM + P^^{x)]Ua = E^+^Ua{x) (4.14) 

[-ia-V+/3M + (3i:^{x)]Va = -EÍ~^Va(x) (4.15) 

Na RMFT expandimos o operador de campo do nucleon na forma (3.16), eliminando as 

contribuições dos estados com energia negativa, o que denominamos de aproximação “no 

sea”. Em nível de aproximação de Hartree isto equivale a ordenar normalmente a densidade 

de lagrangeana (3.1)-(3.5) em relação ao vácuo de Hartree [13]. 
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Para mostrar a equivalência entre a aproximação de Hartree e a RMFT devemos com- 

parar (4.14) com a equação de Dirac em (3.17). A equivalência será encontrada somente 

seia auto-energia for identificada com os campos bosônicos clássicos, e as equações destes 

campos forem as mesmas que aparecem em (3.17). 

Comecemos por analisar o méson a, deduzindo a equação satisfeita pelo seu propagador 

livre. Para isso vamos separar o seu operador de campo, na forma 

a = (a) 4- â (4.16) 

onde (cr) é o campo clássico e â a fiutuação quântica, definida de modo que (â) = 0. O 

propagador é, agora, dado por 

iDl{x - !/) = («„|T[í(i)ff(t/)]|ío> (4.17) 

pois a contração , que aparece no teorema de Wick [12, Cap. 3], é definida em termos dos 

produtos cronológico e normal por 

G*{x)a\y) = T[G{x)a{y)]-N[a{x)o{y)] 

= T{[(a(3:))-l-(7(a;)][((7(y)) + d(y)]} 

-N{[{a{x)) + â{x)][{a{y)) + â{y)]} 

= T[â{x)â{y)] - N[â{x)â{y)] (4.18) 

Logo 

iDl(x-y) = a*{x)a*{y) = â'(x)â'{y) 

= (^o|T[d(a:)(T(y)]|í^o)- (4-19) 

Se introduzirmos (4.16) na equação de movimento para o méson a em (3.10), obteremos 

-f m^)((cr) -f d) + g2Í{(7) + â)^ + g3{{a) + âf = (4.20) 

Fazendo a aproximação de linearização em ô, ou seja, ~ 0 e ~ 0, (4.20) leva a 

+ml + g2{<7) + gsitxfíig) = (4.21) 
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e 

{d^d^ + ml + 2g2{a) + 3g3{(r)^)â = - W)) (4.22) 

Aplicando o operador + 2g2{a) + 2>g^{a)'^) em (4.17) obtemos, 

{d^,d^ + + 2í/2(cr) + Zgz{a)'^)Dl{x - y) = - y) (4.23) 

e fazendo o mesmo para a auto-energia do méson a em (4.7) teremos^ 

+ ml + 2g2{(j) + Zgz{a)'^)i:^(a:) = -iglTr[G^{y, y+)] 

= 91{'4>'P)h (4.24) 

Embora este seja o procedimento mais natural, sendo adotado, por exemplo, por Serot 

e Walecka [1] e Ma et al. [16, 17] para obter o propagador livre quando há termos não 

lineares, ele não é capaz de reproduzir os resultados da RMFT, porque, como podemos ver 

comparando (4.24) e (4.21) a auto-energia (x) não pode ser identificada com o campo 

clássico (cr). Consequentemente a Eq. (4.14) não é a mesma equação de Dirac que aparece 

em (3.17), com os potenciais obtidos de (3.11) e, neste caso, a aproximação de Hartree não 

é equivalente à RMFT. 

Por outro lado, se ao invés da aproximação da linearização em d, introduzirmos a 

aproximação de campo médio 

{{(j) + âf ~ (a)((cr)+d), 

{{a)+àf ~ (c7)2((a)+(j), (4.25) 

obteremos a mesma equação de movimento (4.21) para o campo clássico a mas, ao invés 

de (4.22), teremos para a flutuação quântica 

(9^a^ + ml+ g2{a) + gz{a)'^)à = -gai^Pi^ - (^V^)) (4.26) 

Se aplicarmos o operador {d^d^ + -t- g2{<j) + Qzip)'^) ao propagador definido em (4.17), 

obteremos^, agora 

+ + g2{a) + gz{aY)Dl{x - y) = -S^^^x - y), (4.27) 

^Lembremos que é obtido de com a substituição G° . 
^0 til está sendo usado aqui para indicar que foi feita a aproximação de campo médio (4.25) e não a de 

linearização . 
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e, fazendo o mesmo com a auto-energia em (4.7), 

(õ^d'^ + ml + g2{a) + (x) = -gl{tj;ip{x)) g (4.28) 

Agora a auto-energia pode ser identificada com o campo clássico (a), porque satisfazem a 

mesma equação , isto é, 

Pelo mesmo procedimento adotado para o méson a, é claro que resultarão para os campos 

clássicos equações com as mesmas formas daquelas correspondentes a (3.10) com os termos 

de fonte substituídos pelos valores esperados. Portanto as mesmas equações usadas na 

RMFT. Já para as flutuações , uma vez que não há termos de auto-interação , resultarão, 

na representação de interação , equações de movimento obtidas de (3.10) com as constantes 

de acoplamento igualadas a zero. Portanto os propagadores livres, que como mostramos 

no caso do méson a devem ser definidos em termos dessas flutuações , têm efetivamente as 

expressões dadas em (4.1)-(4.3). 

Passando ao méson u, obtemos a equação para o seu propagador aplicando o operador 

(5^9^ -f m^) em (4.1) e calculando, com (4.3), a transformada de Fourier desse operador, 

isto é 

=ga{cr{x)) (4.29) 

Para os demais campos bosônicos deve-se também fazer uma separação análoga a (4.16). 

(4.30) 

Aplicando o mesmo operador à auto-energia em (4.7), temos 

2 '^x^x {'4}{x)-fx'tp{x)) H (4.31) 

O segundo termo do lado direito da equação acima é nulo por causa da conservação da 

corrente bariônica, d^'tp{x)'y^'ip{x) = 0, discutida no capítulo 3. Então obtemos 

(4.32) 

Repetindo esse mesmo caminho, obtemos para o méson p 

(4.33) 
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onde levamos em conta a forma (3.16) para o campo do nucleon na aproximação de Hartree 

para escrever, sendo F independente de isospin, 

.1 {'tp{x)TTaÍj{x)) = '^Üa{x)rTalla{x) 
a 

= 5a3j2^a{x)TT3Ua{x), (4.34) 
a 

pois as únicas contribuições para o somatório são da forma (prótonlra|próton) e 

(nêutron[tqInêutron). Por outro lado, se multiplicarmos (4.14) por ■0T3, seu conjugado 

hermitiano por Tzip e subtrairmos essas duas equações , obteremos 

- Ví[t3, = 0 (4.35) 

De (4.6) e (4.7) vemos que, pelo mesmo motivo que levou a (4.34), o comutador [tz, é 

nulo. Isso implica que 

df,{tp7^Tz'ip)p = 0 (4.36) 

Com esse resultado e da anti-simetria de vemos que o termo em (4.33) não con- 

tribui. Portanto 

{d,d^+ml)i:^:{x) = -Úa3 

+ ^d^{^{x)a''^^TzÍ){x))fj 

Procedimentos análogos a esses levam a 

(a^a^-bm2)Ef„(x) = -ú, a3 duii^ixhzYTzi^ix)) H 

d^,d>^EY{x) = - - {7p{x)Y{l + rz)i^ix))H 

(4.37) 

(4.38) 

(4.39) 

Comparando-se as equações (4.32), (4.37), (4.38) e (4.39) com (3.22), e lembrando que 

essas auto-energias são independentes do tempo podemos fazer as indentificações 

= ~^Mx)) TIÍt^ 

(4.40) 
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Concluímos, portanto, que na presença de termos não-lineares a aproximação de campo 

médio não é estritamente equivalente à aproximação de Hartree. No entanto, se, em lugar 

dq, procedimento natural de linearização , for adotada a aproximação (4.25), obtém-se uma 

aproximação de Hartree modificada H que é, esta sim, equivalente à RMFT. Notemos, no 

entanto, que nessa aproximação o propagador livre do méson a satisfaz a equação (4.27) e 

não a (4.23). 

No que segue, embora não o mencionemos explicitamente, sempre que falarmos na 

aproximação de Hartree será a essa aproximação modificada que estaremos nos referindo. 

Para simplificar a notação passaremos, também, a indicá-la por H em lugar de H. Pelo 

mesmo motivo, deixaremos que o contexto indique, no caso dos campos bosônicos, se 

estamos nos referindo ao campo clássico ou à fiutuação quântica. 



J 

Capítulo 5 

Aproximação da Fase Aleatória Relativística 

A aproximação da fase aleatória (RPA) é o modelo mais simples utilizado para descrever 

os estados excitados de um núcleo atômico que admite que o estado fundamental nuclear 

não tem apenas um caráter de partículas independentes, mas contém correlações . Essas 

correlações estão associadas com as vibrações coletivas nucleares que podem ser excitadas 

por um agente perturbador externo adequado. Porisso essa aproximação é o modelo mais 

apropriado para descrever as excitações nucleares coletivas e, em particular, as ressonâncias 

gigantes com troca de carga que queremos estudar. 

Este capítulo está dividido em sete seções . Na primeira seção pretendemos derivar 

as equações da RPA relativística na forma da equação de Dyson para o propagador de 

polarização , através da aproximação de anéis. Na segunda e terceira seções escreveremos 

essa equação e o propagador de polarização na forma espectral, respectivamente. Na quarta 

seção exibiremos as equações da RPA na forma matricial. Na quinta seção obteremos as 

funções de excitação e as regras de soma para as ressonâncias com troca de carga. Nas 

demais seções iremos escrever as equações da RPA, as amplitudes e as intensidades de 

transições com acoplamento do momento angular, J. 

5.1 Equação de Dyson na Aproximação de Anéis 

Existem diversas maneiras de derivar as equações da RPA, por exemplo, pelo método de 

equações de movimento de Rowe [4, 18, 19]. Nesta seção pretendemos derivá-las através 

da equação de Dyson para o propagador de polarização . 

Imaginemos um núcleo descrito pela hamiltoniana H que num certo instante do tempo 

46 
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t = to é perturbado por 

j 

= I d^xB{x)^^^{x), (5.1) 

onde 'tp{x) e Tb representam, respectivamente, o campo externo que perturba o 

sistema nuclear, o operador de campo do nucleon na descrição de Heisenberg e alguma 

matriz nos índices espinoriais de Dirac e isospin. A resposta do sistema para o observável 

A{x) = 'ip{x)rA'il^{x), (5.2) 

é dada pela diferença entre os valores esperados de A{x) no sistema perturbado e não 

perturbado. Se essa diferença for truncada na primeira ordem em a resposta linear 

do sistema pode ser obtida do propagador de polarização , definido por 

in[.4W,B(y)] = <í|T[yl(l)B(!;)]|«) . (5.3) 

Para maiores detalhes veja as Refs. [12, 13]. Portanto, o espectro de excitação do sistema 

nuclear pode ser obtido da análise de Fourier temporal desse propagador. 

Para obter a equação de Dyson inciamos por aplicar os teoremas de Wick e Gell-Man 

e Low ao segundo membro de (5.3), 

iU[A{x),B{y)] = (ír|T[A(x)S(2/)]|^) 

(^o|T[g^A^(x)R^(y)]|^o) 

= (^o|t[5M^(rr)R^(y)]|^o)con (5.4) 

onde o índice superior / indica que os operadores de campo estão na descrição de interação 

e 0 índice con, que todos os diagramas desconectados são eliminados da expansão. O 

operador da matriz S covariante é dado na descrição de interação por 

S’ = fexp{i I (fiiVc [£'„,]} (5.6) 

onde Nq indica o produto normal em relação ao vácuo não interagente. Devido aos acopla- 

mentos derivativos que aparecem na densidade de lagrangeana de interação (3.4)-(3.5), a 

matriz S, em princípio, não poderia ser escrita como em (5.5), porque a densidade de 
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hamiltoniana de interação não é mais dada por —Cint- Porém podemos ver no apêndice A 

que se usarmos o produto cronológico covariante T, que coincide com o produto cronológico 

usual exceto pela propriedade 

< to\fia;M^)d>4>i(ymo >= sjaü < «'ü|ti<Aí(x)íí,(!/)]|'1<„ > (5.6) 

com (j)i e (j)j representando campos bosônicos com acoplamentos derivativos, a matriz S 

usual pode ser substituída pela matriz S covariante definida em (5.5) para ser usada em 

(5.4). 

Lembremos que a expansão diagramática para (5.4) é uma soma infinita sobre todos os 

diagramas possíveis conectados ao pontos externos x e y por meio de linhas de férmions 

e bósons ligadas em vértices obdecendo as regras de Feynman discutidas na Seção 4.1. 

Imaginemos qualquer um desses diagramas que não contenha inserções de “tadpole” e nele 

consideremos dois vértices Xi e Xj diretamente ligados por uma linha de férmion conforme 

mostrado no lado esquerdo da Fig. (5.1). E claro que aparecerá também na série perturba- 

tiva o diagrama obtido substituindo-se essa linha por qualquer dos propagadores indicados 

na parte do meio da Fig. (5.1). Se reagruparmos a série somando todos esses diagra- 

mas, obteremos o diagrama construído substituindo-se a linha de férmion livre (fina) pela 

linha de férmion de Hartree (grossa). Repetindo esse processo sucessivamente é claro que 

acabaremos por obter uma série perturbativa em que todas as linhas de férmion serão linhas 

de Hartree. 

Figura 5.1: Reagrupamento de diagramas com uma linha de férmion entre os vértices X{ e xj. 

Analiticamente isso corresponde a reescrever a Eq. (5.4) como 

mlA{x),B(y)] = («|T[.4(x)B(!/)]|4-> 

(4,ff|f(S»>l''(x)B"(!/)l|*")^ (5.7) 
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onde 1^^) é o estado fundamental não correlacionado de Hartree e 

= fexp{i í d^xN^lC^^t]} (5.8) 

J ^ 

O índice superior em e indica que os operadores de campo de férmion devem 

ser substituídos pelos correspondentes operadores na aproximação de Hartree. 

Há um cuidado a tomar na expansão diagramática de (5.7) para impedir dupla contagem 

de diagramas de “tadpole”, o que aconteceria, por exemplo, em diagramas contendo partes 

como indicada na Fig. (5.2). É fácil convencer-se [13] de que conseguimos isso fazendo o 

ordenamento normal de em relação ao estado fundamental de Hartree, Isso 

está indicado pelo símbolo em (5.8). 

Figura 5.2: Diagrama proibido por dupla contagem de “tadpoles”. 

Na expansão de (5.7) aparecem alguns diagramas com a estrutura mostrada na Fig. 

(5.3), que chamaremos de diagramas disjuntos. As contribuições desses diagramas são 

independentes de xq — yo e, portanto, suas transformadas de Fourier nessa variável são 

nulas para frequências diferentes de zero. Como queremos estudar as excitações do sistema 

nuclear e estamos interessados nas frequências não nulas, podemos omitir esses gráficos na 

expansão de H. Se, além disso, retivermos somente os diagrams de anéis*, como mostra a 

Figura 5.3: Estrutura Geral dos diagramas disjuntos. 

*Não incluímos os diagramas de troca correspondentes por consistência com a aproximação de Hartree. 
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Fig. (5.4), obteremos a aproximação RPA para o propagador de polarização , que satisfaz 

portanto a seguinte equação de Dyson 

- = iIi^[A{x),B{y)] + '^ í éxid'^X2 
b 

iU^[A{x), b{xi)]iD°^(xi - X2)iU^^^[b{x2), B{y)] (5.9) 

onde b denota os diversos bósons no modelo, b{x) = 'ip{x)Ti}ijj{x) representa seu vértice de 

interação com o nucleon. Dl seu propagador livre e fl^ é o propagador de polarização de 

Hartree definido analiticamente por 

m^[A{x), B{y)] = {^^\T{N^[A^{x)]N"[B^{y)]}\^^). (5.10) 

Figura 5.4: Expansão em diagramas de anéis e equação de Dyson para H. 

Nos limitando ao propagador de polarização com troca de carga, a equação de Dyson 

fica 

m^^'^[A{x), B{y)] = iI[^[A(x),B{y)\-\- j d^Xid^X2 

{ iYl^[A{x), -Z;^í^(a;i)757^r“'0(a:i)a^JzD° ^^{xi - X2) 

^{x2)l5'yy^|;{x2),B{y)] 

+ lim lim in^[A(a:),-#(xi)(f7^ - ^c7^,,ô^, )rXa:i)] 
X2~>X2 ^ 

aíj)TV(i2).-Bíy)) } 

(5.11) 
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Para obter as excitações com troca de carga, devemos introduzir os operadores r+ e r_ 

nas densidades A{x), em (5.2), e B{x), em (5.1). Isso fará com que os diagramas de anéis 

que aparecem na expansão para ^RPA sejam construídos somente com um propagador de 

nucleons no estado de próton p e o outro no estado de nêutron n, como mostra a Fig. (5.5). 

Para esse tipo de anel a contribuição dos vértices envolvendo os bósons não carregados é 

nula, como mostra a Fig. (5.6). Por esse motivo, somente os bósons carregados tt e p 

Figura 5.5: Diagramas de anéis que reproduzem as excitações com troca de carga. 

Figura 5.6: Contribuição de um vértice envolvendo os propagadores do próton, do nêutron, e do 

bóson o, ou uj ou do fóton. A matriz no vértice de interação , F*, é igual a 1, 7^, (1 + ra)7^ para 

o a, o üj e o fóton, respectivamente. 

aparecem na equação de Dyson (5.11), que, conforme já mencionamos, é específica para 

excitações com troca de carga. Para excitações sem troca de carga a equação de Dyson 

(5.9) envolveria todos os bósons, mas deixaremos de escrever sua forma explícita uma vez 
/ 

que ela não é necessária para o tema desta tese. E importante, no entanto, notar que na 

aproximação de anéis as excitações com troca de carga +1, —1 e 0 estão desacopladas. 

5.2 Forma Espectral da Equação de Dyson 

Resolvendo-se iterativamente a equação de Dyson (5.9) obtém-se, como fica claro da Fig. 

(5.4), a seguinte série 
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j 

+ H / d'^Xid‘^^2Í^^[A{x),b{xi)]iD^{xi - X2)iU^[b{x2), B{y)] 

+ EE/ d^xid^X2d'^Xzd!^XiiY{^[A{x),b{xi)\iDl{xi - X2) 
b b' 

iU^[b{x2), b'{x3)]iD^{x3 - rr4)zll^[ò'(a;4), B{y)] + ... (5.12) 

Introduzindo (3.16) em (5.10), obtemos 

in^[A{x),B{y)]= ^n{x)rAKp{x)iUp^p,^,{xo-yo)Üp'{y)rBl{n>{y) (5.13) 
pnp'n' 

onde 

i^pnp'n’{xo - yo) = (í'“|T{A^”[a”^(a;o)a”(xo)]A^‘'[aJ/(yo)an'(2/o)]}|^”) (5.14) 

Procedendo-se analogamente para cada um dos propagadores de polarização de Hartree em 

(5.12), obtém-se 

m’^'"^\A(x),B(y)] = Y,Ün(x)rjAÁ=^){ 
pnp’n' 

+ E /dx\dxlm^^(a;° - x\)\Kp,n, p^n^(x? - x^) 
Pinip2n2' 

p'n'{x°2-y°) 

+ E / dxIdxldxldxliUf^ (a;° - x?)\Kp,n, p^n, (rr? - x^) 
Pinip2fi2 
PznzP4Tl4 

psnsixl - xl)\Kp^ns p^nÁ^l ~ p'n'{x° ~ V^) 

+ ... ^Üp<{y)TBUn'{y) 

= Y^Ün{x)TAUp{x)iI[^^X'ix^-y^)Üp>{y)TBUn'{y) (5.15) 
pnp'n' 

onde o kernel K é dado por 

d^pini P2ri2 (^1 ^2) ~ ^ ^ í d X\d X‘^py{X]^Yi^ji^{X)^ÍDfj{Xi 3^2)^712 (•í'2)r6^P2 (^2) 
b 

(5.16) 

Na seção 5.3 está mostrado que a dependência temporal de é apenas através do intervalo 

2^0 “ Vo- Para isso decorre da equação de Dyson. 

Reagrupando-se a série entre chaves em (5.15) é fácil ver que o propagador de polarização 

da RPA aí definido satisfaz também uma equação de Dyson, a saber. 
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l 

+ Z (5.17) 
Pinip2n2 

A forma espectral da equação de Dyson é obtida fazendo-se a transformada de Fourier 

temporal de (5.17), resultando 

n,Ypw(w) = n"p.„.M+ £ n"(5.18) 
PiniP2Tl2 

A forma explícita de n^(a;) será obtida na seção 5.3 

Para o caso específico de excitações com troca de carga, p, p', Pi, P2, Pz, Pa denotam 

estados de próton e n, n', rii, ri2, e 714 denotam estados de nêutron. Já o kernel definido 

em (5.16) pode ser extraído de (5.11), obtendo-se 

Kp,m P2n2ÍXi -Xl) = I d^Xi(fx2U^p^{xi)Ul^{X2)[V^{Xi - X2) + Vp{Xi - X2)] 

Uni{xi)Up2ÍX2) (5.19) 

onde 

V,(xi-X2) = 7o(l)7o(2)A.,,(l).,„(l)g/‘(l)T«(l)i5;„,(a:,-i,) 
TÍIt^ 

A^,(2)j.(2) S' (2)r‘(2) 
XTln 

v,(x,-x,) = 7o(lho(2)í|7p(l)-^«^P«(l)S“(l))r*(l)£i;!;a*.-:i:2) 

(f 7.(2) - ^<^.x(2) ^ (2)j r‘(2) (5.20) 

Quanto à sua transformada de Fourier, temos 

Kpini P2U2 (^) “ I d^Xid^X2U^^{Xi)Ul^{x2)[V„{Xi - X2,UJ) -f Vp{xi - X2,uj)] 

Un,{Xi)Up^{X2) (5.21) 

sendo 

V.^{xi - X2,uj) = 

Vp{Xi-X2,Uj) = 

(^) (“^^^570 + T57í^*) ^ [70 {-ií^l5jo + 7s7j^) 2 

^2,uj) (5.22) 

r 

DYal{x,-X2^Uj) 
2 

(5.23) 
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onde 

D‘!;^(x-y,o,) = I (5.24) 

com os propagadores no espaço dos momentos dados em (4.3). 

5.3 Representação Espectral de Lehmann para o Propagador de 

Polarização 

0 propagador de polarização definido em (5.3) pode ser escrito na forma, 

m[24(x), B{y)] = e(xo - í/o)(^|>l(2;)B(y)|'í) + 6{yo - a;o)(^|S(y)^(a;)|í'). (5.25) 

As densidades A{x) e B{x) que aparecem nessa expressão estão na descrição de Heisenberg, 

isto é 

A{x) = é^=^^As{x)e-^^^\ 

B{y) = é^y°Bs{y)e-^^^\ (5.26) 

com os índices S denotando operadores na descrição de Schrõdinger. Se substituirmos 

(5.26) em (5.25) e introduzirmos um conjunto completo de auto-estados |^i,) de H entre 

A{x) e B{x) obteremos 

+ 0(yo -lo)e‘<'='-^)'*«-“>{'í|Bs(3/)|«„X®„|2ls(x)|í') (5.27) 

onde E e são as energias exatas de e |^^). A expressão (5.27) mostra que II depende 

somente de xq — y^. Usando-se a forma espectral da função degrau de Heaviside 

chegamos facilmente a 

düj 

2tt üj ir] 

n[X(i),B(!/)] = |^n(/l(a:).B(j/),wJe-‘"<«-»»> 

(5.28) 

(5.29) 
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onde a transformada de Fourier é dada por 

U[A{x),B{y),uj] = E uj - {El, - E) + ít] u) + {El, — E) — ir} 

(5.30) 

Essa é a conhecida representação espectral de Lehmann para 11. Convém notar que para 

excitações com troca de carga os estados |^i,) nas duas frações em (5.30) se referem a 

isóbaros distintos. 

O propagador de polarização de Hartree definido em (5.14) é equivalente a 

- Vq) = (^»|T[<t(a;o)a«,(yo)]l^«)(^«|TK(a:oK;(yo)]|^«) 

= 5pp'Ônn'[0{XQ-yQ)0{F-n)e{p-F) 

+ 0{yo - xo)e{n - F)6{F - p)]e-ii^p-^A{^o-yo) (5.31) 

onde F está indicando o nível de Fermi. Essa última forma mostra explicitamente que sua 

dependência temporal é apenas através do intervalo xq — yo, conforme usamos na seção 5.2. 

Procedendo-se analogamente ao que fizemos para o propagador exato, obtém-se 

^pn p'n' (^) Spp' Snn> 
9{p - F)9{F - n) 

UJ -LOpn + ip 

9{n - F)9{F - p) 

^ + ^np - ip 
(5.32) 

com Urs — Er — Es- 

Para obtermos a representação de Lehmann de partiremos da equação matricial 

(5.18), cuja inversa pode ser escrita como 

n^^^(o;)-^ = n^(cj)-^ - K{u) (5.33) 

De (5.32) é fácil ver que os elementos de matriz de 

p,p' > F e n,n' < F 

ou 

P,P' ^ F e n,n' > F. 

são nulos a menos que 

(5.34) 

Analisando a Eq. (5.18), vemos imediatamente que os elementos da matriz são 

nulos a menos que oup>Fen<Fonp<Fen>F. Esse resultado, juntamente com 
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(5.34), permite, concluir que só contribuem em (5.18) os elementos da matriz Kpnp>n'(oj) 

com os índices satisfazendo, independentemente, as seguintes condições 

p > F e n < F ou p < e n > F 

e 

p' > F e n' < F ou p' < e n' > F 

(5.35) 

Além disso os índices p' e n' em satisfazem também a essa mesma restrição , como 

deixa claro a expansão iterativa (5.18) (Ver Fig. (5.4)). É nesse mesmo espaço que devemos 

entender a Eq. (5.33). 

Por outro lado, de (5.32) temos 

n^p'n'H ^ = Spp,Õnn'[{í^ - (^pn)0{p - F)e{F - n) 

- {CJ + Unp)e{n - F)e{F - p)] (5.36) 

Denotando por p, n e p, n os estados acima e abaixo do nível de Fermi, e introduzindo a 

matriz métrica 

}pn 

}np 

podemos reescrever (5.36) como 

1 0 

0 -1 
(5.37) 

aJpn 

0 

0 

^np 

De modo semelhante, (5.33) toma a forma 

onde 

= uAÍ - 
A{íx>) B{u) 

B^{u) D{u>) 
= uj\í — 

(5.38) 

(5.39) 

Apnp'n'i.^^ ^pn^pp'^nn' 4” Fpji pifi'(ui^ j 

Bpnn'p'i^^ ~ Fpfi pijii j 

Bjnp fi'pi{uj) ^np^nn'^pp' 4“ ^pnp'n'{f-‘A}i (5.40) 
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As equações (5.39) e (5.40) são semelhantes às suas análogas não-relativísticas. Uma 

complicação adicional, no entanto, é que agora o kernel depende da frequência, o que está 

ligado aos efeitos de retardamento. Para prosseguirmos é importante fazer a aproximação 
i 

instantânea. Esta aproximação consiste em desprezarmos u em relação a |A;| e às massas 

m,r e mp, nos propagadores livres desses mésons em (4.3). Isso é justificável porque as 

contribuições mais importantes do quadrimomento transferido correspondem a valores 

de Lü nas vizinhanças das energias de excitação envolvidas, que, para ressonâncias gigantes, 

não ultrapassam 10-20 MeV. Essas energias são, portanto, desprezíveis em relação às massas 

dos mésons rUp ~ 750 — 770 MeV e também, em menor extensão, a ~ 140 MeV. Da 

mesma maneira podemos desprezar u em relação a \k\, pois os momentos dominantes, 

aqueles que apresentam maiores contribuições no interior do núcleo, estão na faixa do 

momento de Fermi, kp — 1.4~ 280 MeV. 

Os pólos de n^^^(o;) (que aparecerão na sua representação espectral) são obtidos dos 

zeros de n^-^^(a;)“^ [20], dados pela equação de autovalores 

{M - uM)C’' = 0 (5.41) 

onde, devido a aproximação intantânea, a matriz A4 é independente de u. 

Esse problema é bem conhecido [20]. Impondo-se condições adequadas para a matriz A4 

os autovalores são todos reais e os autovetores satisfazem as relações de ortonormalidade 

= sgn{u^)ôxu (5.42) 

e completeza 

Y, sgnMrr^ = M (5.43) 
U 

De (5.39) e (5.43) obtemos 

n^^'^(n;)“^ = ^(o; — u\)sgn{uj\)MC^C^^ M (5.44) 
A 

Fazendo-se uma extensão analítica para u) complexo, podemos mostrar, usando (5.42), 

que 

n^^^(a;)“^^Sí/n(a;^)-^-^— = 1 
p (jJ (jJi/ 

(5.45) 
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ou seja, 

= '^sgn{cü^)- 
C‘'C'l 

(ui complexo). 
U — LÜU + ÍT]u 

1 / 
onde os iníinitésimos foram colocados para evitar as singularidades no eixo real. 

Recolocando os índices em (5.46) e usando (5.15) temos 

e c;r^,üp,{y)rBUn'iy) 

(5.46) 

U^^^[A{x),B{y),uj] ^'^sgniuj^) 
pn 

(5.47) 
üj — uj^ + iriu 

Comparando essa equação com o propagador exato em (5.30), podemos fazer as indenti- 

ficações 

üj,^ > 0 : < 

Vu = V iv > 0) 

o;,. 

Ui, < 0 : < 

{E^ — E)rpa = 

(í^|^5(a;)|^.)/íP^ =E C;Mx)TaUp{x) 
pn 

{'^u\Bs{y)mRPA^i: C;r^.Üj,,{y)VBUn'{y) 
p'n' 

rju = -V iv> 0) 

{E„ — E)rpa = —U}u 

(ír,|A5(x)|ír)^p^ =E C;Mx)^aUp(x) 
pn 

{^\Bs{y)\^u)RPA=E c;::,,üp>{y)TBUn'{y) 
p'n' 

(5.48) 

(5.49) 

5.4 Equações da RPA na Forma Matricial 

Como vimos na seção anterior, para determinarmos basta resolver a equação de 

autovalores (5.41). Relembremos que os índices nessas equações matriciais varrem apenas 

0 espaço indicado em (5.37), isto é, pn é da forma pn ou pn. E conveniente introduzir a 

notação 

C‘'- ^pn 

^pn 

^pn 

V'-. np 

e reescrever (5.41) na forma 

A B 

Rt D 

X'' 

(5.50) 

(5.51) 
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Essa é a equação da RPA na forma matricial. Mais explicitamente 

Apn v'n'^pifL' ~l~ ^pn n'p'^n'p' ~ 
p'n' n'p' 

^2 ^p'n' np^p'n' n'p'^n'p' ~ ~’^v^np 
p'n' n'p' 

onde A, B e D estão dadas em (5.40), com cj = 0. 

1 
(5.52) 

5.5 Função de Excitação e Regras de Soma 

Supondo que o sistema nuclear seja excitado com frequência ui pelo operador de 1 corpo 

B{t) = Te~^^ + (5.53) 

onde 

JF = J d?xF{x) — J d^x'ip{x)rp'ijj{x) (5.54) 

sabemos pela regra de ouro de Fermi [21, (2.114)] que as probabilidades de transição 

por unidade de tempo para cada uma das duas partes de (5.53) são dadas por 

= 2Tr\{^^\F\'^)\‘^5[u-{E^-E)] 

W[^4^^,o;] = 2tt\{<í!^\E^^)\'^ô[u + {E^-E)] (5.55) 

Define-se, então, a função de excitação (“strength function”) 

SfÍco) = E - {Eu - E)] - |(^,l.Ft|ír)|25[^ + _ £;)]} (5.55) 
1/ 

Dessa forma a intensidade de transição total direta (“forward”) é dada por 

5Í+) = rduSpiu) = J2\(^‘'\Em\'' (5-57) 
Jo 

e a inversa (“backward”) por 

, V roo   
= / do;5^(-a;) = 5:i(^,|.Ft|ír)|2 (5.58) 

Jo V 

onde assumiremos que as energias de excitação E^ — E são todas positivas. Dessas ex- 

pressões é fácil, usando as relações de completeza, obter a regra de soma 

4+) - = (Í^|[.F•^.F]|^) (5.59) 
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O nosso interesse específico nessa tese são as excitações com troca de carga, 

o estado isobárico análogo (IAS) e a ressonância de Gamow-Teller (GT). 

, Para o IAS devemos tomar em (5.54) 

^lAS = 

portanto 

^lAS = ^ / d^xip{x)'YoT+'ip{x) = ^j (fxip\x)T+'ip{x) = T. 

e a regra de soma (5.59) neste caso dá 

sit - sí:;^ = AT - z 

onde usamos [T+,T_] = 2T3 

Para a GT, 

^ GT 570SV+ (i = l,2,3) 

Então 

^GT = \ í d^xtp^{x)T,W+'tp{x) = 
^ ^ n=l 

(^ár.^rl = 2i;p‘WT-W,i:-(n')T+(n')l 
n,n' 

A 

Nesse caso define-se 

T ê S*(n)E*(n)[r_(n),r+(n)] 
^ n=l 

- è E‘(n)E‘(n)r3 
71=1 

ç(±) _ Çí(±) 
*^GT — ‘^GT 

i-l 

e, como è E*(n)E*(n) = 3, obtém-se 
i=l 

em particular 

(5.60) 

(5.61) 

(5.62) 

(5.63) 

(5.64) 

(5.65) 

(5.66) 

4t - 4r = 3(7V - Z) (5.67) 
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Por outro lado na teoria da resposta linear mostra-se que a função resposta do sistema 

à perturbação (5.53) é dada por 

I 
J Rf(uj) = J (fx(fyUret[F^{x),F{y),Lo] (5.68) 

onde rirei é a versão causai ou retardada do propagador de polarização , cuja decomposição 

espectral difere daquela da versão cronológica (5.30) apenas pelo sinal do infinitésimo na 

segunda parcela, ou seja 

Uret[F^{x),F{y),uj] 
(^|Ft(x)|^,)(^,|F(y)|^) 

uj - {El, — E) + ÍT) 

(^|F(y)|^,)(^,|Ft(a;)|^)' 

u + {El, - E) + ir] 

(5.69) 

Usando-se 

——- = P— =F ít^5{x) (5.70) 
x±ie X 

é fácil demonstrar a relação 

Sf{oj) = ——ImRF{u}). (5-71) 
7T 

Como mencionamos acima, a resposta linear do sistema devido a uma perturbação ex- 

terna é obtida do propagador de polarização retardado. No entanto a derivação da equação 

da RPA que obtivemos nas seções anteriores foi baseada no propagador de polarização 

cronológico definido em (5.3). Isso acontece porque os teoremas de Gell-Mann e Low e 

Wick empregados para obter essa equação só se aplicam a um produto de operadores or- 

denado cronologicamente. Comparando (5.69) com (5.30) temos que esses propagadores 

estão relacionados por 

ReIl\F^{x),F{y)M = Renr,t[F\x),F{y)M 

ImI[[F'^{x)iF{y),u}]sgn{u) = ImI[ret[F''{x),F{y),u\ (5.72) 

Essas relações são muito importantes, porque através delas obtemos Ilret, que está associado 

com a resposta linear do sistema, a partir de II. 

De (5.48)-(5.49) a expressão para a função de excitação (5.56) na RPA é dada por 

E \{^A:FmRPA?K'^-u,)- E (5.73) 
V u 
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e portanto, 

Jo 
/ 

sMrpa ^ r-^ du:S§‘‘-*{-u,) = 
Jo 

onde, agora, 

E-^pV(Pl7orf |n) +1: y"/(í!|7orF|n) = 
pn np 

com (r|í7|s) = /d^xU}.{x)QLls{x). 

V 
{Wu>Q) 

V 
{(íJv<tí) 

{^v > 0) 

(iOy < 0) 

(5.74) 

(5.75) 

5.6 Equações da RPA com Bom Momento Angular 

Nas seções anteriores deduzimos as equações da RPA para as ressonâncias com troca de 

carga na representação de partícula-buraco. Queremos agora escrever as equações em (5.51) 

na forma acoplada de Racah, correspondente ao momento angular total J. Iniciaremos por 

obter o kernel da RPA em (5.21) na forma acoplada. Para esse propósito, e como estamos 

interessados aqui somente em núcleos esféricos, os espinores de Hartree em (5.21) têm a 

forma (3.41). 

Além disso, o propagador livre do píon é dado, na aproximação instantânea, por 

Dlabi^-y) = / 
d?k 

(2ttY —k^ — rril + ie 

1 Q-mT\x-y\ 

A I I 47t \x — y\ 
(5.76) 

No entanto, o propagador do p, dado por 

-y) = f Lg>“' + 
J [ZTr)'^ —k —mi + ie V m?p + ie mi 

(5.77) 

contém a matriz da métrica de Lorentz g^‘' e o termo k^ky/m^p. Esse último inclui com- 

plicações adicionais tanto algébricas como numéricas. Por outro lado vamos avaliar a 

contribuição desse termo para as seguintes situações : 

(/i = o, F = 0) 

0.47 ■ 10-2 (// = 0, p = i) (5.78) 
kt^k'' 

mi 
wkf 

\mpj 0.13 {p = i, u = j) 
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Para as duas primeiras situações , podemos ver que é razoável desprezar as contribuições 

correspondentes, o que justifica, também para esse termo, a aproximção instantânea (u —> 

0); Já para a terceira, essa simplicação parece ser menos aceitável. Apesar das complicações 

algébricas e numéricas serem contornáveis, para o nível de aproximações que pretendemos 

fazer neste trabalho e como um ponto de partida do cálculo relativístico de excitações com 

troca de carga adotaremos aqui a simplificação de eliminar esse termo. 

Isso permite, no que segue, tratar os propagadores do tt e p da mesma forma. Para isso 

os termos âab no píon e —ôabQ^'' no p estarão contraídos no kernel da RPA em (5.21)-(5.23). 

Assim passaremos a escrever a parte restante dos propagadores desses mésons na forma 

V) = j 
d^k e^kjx-y) 

(27t)3 -k^ - ml p + i€ 

oo J 

— E E jj{irriT,,pX<)h^P{irn^^pX>)YjM{.x)YjM{y) 
J=0 M=-J 
00 J 

= fjix,y,Tn^^p)YjMÍx)YjM{y) (5.79) 
J=0 M=-J 

A decomposição multipolar acima está explicada no apêndice E. 

Com esses resultados, como podemos ver no apêndice E, o kernel da RPA em (5.21), 

pode ser escrito como 

Krsnm = ^ 1JM > 
i—n,p JM 

CLfO>s OéTiO-m (5.80) 

onde 

= (^) j dxdyj 2 < K,||yj||-/C, >< Km\\Yj\\-Kn >* 

{GarGas + Fa^Fa,)x{GamGan Y Fa^Fa^)ydxdyfj{x,y\m.^) 

- - FMÁG..G,. + 
cc 

- {GaA. + í’.,-F’.,)x(G.„G.„ - F,^F,,),-’^'^'""a.fj(x,y, m,) 

+ (G.,G«, - í;,í’x.).(G.„G.. - V, m,) 
X y 

A:=-1,0,1 
(5.81) X 
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e, usando as identidades 

< /Cr||lj||/Cs >' 

(5.82) 

podemos escrever 

j{(Ap — T{{yd)p j^{yjd)p , t^(vt,j)p f^{yT,j)p 
arüs ãnOm OrOj anO,m (l)arã, anCm ' ^{2)aras anUm ' ) ^{2)asar anam 

r^{VT,J)p (\jn-jm T^{yT,J)p pr(T,J)p fr: oo\ 
^ (2)a„Om OrOj ^ V J ^'■(2)anam ara, aras anam {0.00) 

com 

K^kiíam = -^^p I dxdyj 2 < «r||i0||«5 >< Kn\\Yj\\Km >* 

X (GarGa, + Fa,Fa,)x{GamGan + FamFan)yfj{^,y,'mp) 

+ '^(Gar^a, < > ~FarGa, < -K,r\\Tjj>\\Ks >)a 
J' 

X {GcimFan ^ ~>^n\\Tjji^Km > Fa^Gan < ^n||^7J'||'^m >*)y 

X fj'{x,y\mp)] Y. (Cir^CtJXLr^Cfn, 
•* /:=-!,0,1 

(5.84) 

X i^nWYAK 4M 

X {GarFa, + Fa,Ga,)x{GamGan A Fa^Fa,J)ydxfj{x,y]mp) 

- {GarFa, - Fa^Ga,)x{GamGan + Fa^Fa^)y'^'’ _ Õyfj{x, y\mp) 
X 

+ (GarGa, + Fa,Fa,)x{GanFam + Fa^Gam)ydyfj{x, y, mp) 

- (GarGa, + Fa,Fa,)x(GanFam ~ Fa^Gam)y~-'^ fj(x, y, mp) 
y 

X E (Clr%rnir'^(:tn, 
fc=-l,0,l 

(5.85) 

= -ÍE 
9pfp 

2y 
I dxdyl^ Vir (ir + l)(2Ír + 1) 

X < Kr\\Yj\\-K, > < ' (GarGa, - Fa^Fa,)i 
jr js J 

J' 1 ir 

^(GamFan < -l^n\\Tjj'\\Kjn >* ~Fa^Gan < l^n\\Tjj'\\-Km >*)% 

j^(yT,J)p 
{2)drO'S dndm 
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+ < Kr\\TjA-Ks > < -Kr\\Tjj,\\K, >), 

^(^Om-^On ll^m > ~P'amí^an > )?/ 

xfj'{x,y;mp) 

“t" J {Ga^Ga, < J'||-/ís > Farias ”^r H^^J'll^)x 

^(GamFan ^ Fa^Gan ll"^m ^ )y 

X dxfj'{x,y,mp)\ (CÍ'r^Cír)*CL'^^Cín> (5-86) 
^ fc=-l,0,l 

i{{FJ}p 
Q,rO>s 0,‘n.O'm == (-) J dxdyj^ I < /Ír||>j||/Íí >< l^n\\yj\\Km >* 

{GarFa, + Fa,GaJx{GamFan + Fa^GaJyda;dyfj{x, y] TUp) 

_Kr^ ^{Ga^Fa^ — Fa^Gas)x{Gar^Fa^ + Fa^Gan)y9yfj{x,y,mp) 

_Hx^{G^^Fa, + Fa^GaXiGamFan ~ Fa^GaJydxfj{x,y,mp) 

+ i-r-^^){^r.-..)^Ga.Fa, - Fa^GaXiGa^Fa^ ~ Fa^GaJyfj{x,ymp) 

+ < Kj-||yj|| —/Cj X /ín||-^||~^m ^ 

{GarGa, - Fa,Fa,)x{GamGar. ~ Fa^Fa^)yd^dyfj{x,y]mp) 

-^{Ga.Ga,FFMÁGar.Ga^-F,^F,^)ydyfj{x,y,mp) 

_!^xr^(^Ga,Ga, - Fa,Fa,)x{Gar„Ga„ + Fa^Fa^)yd^fj{x,y\mp) 

+ Fa.FaX{Gar.Ga^ + Fa^FaJyfj{x,ymp) 

j' 

{Ga^Ga, < Kr\\Tjj.\\K, > ~Fa,Fa, < -Kr\\Tjj>\\-Ks >)x 

{GamGan < l^n\\TjJ'\\Km >* ~Fa^Fa„ < -Kn\\Tjr\\-Krn >*)y } 

E iClyCuYÜyCu (5-87) 
fc=0,±l 

o tensor Tjj, (x) é definido como 

T^j'{x) = Y< J'M'lk\JM > alYj,M'{x) (5-88) 
M'k 

Como as energias de partícula-única, num potencial esférico, não dependem da projeção 
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do momento angular total j, podemos escrever 

(^rsKnSsm = | JM > 
/ 

onde 

JM 

X < jn'^njm~^m\J^ ^ ^ Q.rO,s jflntlm 

Com esses resultados obtemos 

^ara^^aran^i 

-^pn;p'n' 

Bpn\n'p' 

Dnp\n'p' 

rnn(^_y^, m^, ^ j^rnpjn-mn\JAI > 

JM 

X < jp>mp.jn'-mn'\JM > 

JM 

X < 3p>mp>3n>-mn'\JM > 

^ j^mpjn-rrinlJM > 

JM 

X < 3p'mp>3n>-mn>\JAI > 

onde 

A^-^K. = . + V dpdnidpf df^t dpda ^dpf df^/ dpdfi\dpi df^t 
Í=7T,p 

r(>^) = Y' 
0>p(^n\0>fi_f dpt /,,wJ dpdn\dpid^i 

Í-TI,p 

dndp\dj^tdp! dndp\dpfdj^i dpdjx\dpid^i 
2=7T,p 

Se adotarmos agora o seguinte ansatz para os autovetores em (5.51) 

y^p = 

(5.89) 

(5.90) 

(5.91) 

(5.92) 

(5.93) 

(5.94) 

-(5.95) 

0 introduzirmos em (5.52) e usarmos (5.91)-(5.93) e a ortogonalidade dos coeficientes de 

Clebsch-Gordan, obteremos 

^ y- MJ) yu{J) , d(J) yí/(7) 
i> apan ■'^apan;ap/0;j/-'‘■ap/Oji/ ' ^apan-,a^iapt ^ a^iüpi 

apiap, V“n' 

RtO _|_ n(J) y‘'(A V a„Op Z-í ^anap\apiani-^^aptaf^i ' ^anap-,a„iap/a^iapi 
a-pia^i ap,a^, 

(5.96) 
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que pode ser escrita na forma matricial como 

—Y''C) 

Essa é a forma acoplada das equações da RPA. 

AC) 

Y){J) 
(5.97) 

5.7 Amplitudes e Intensidades de Transição com Momento An- 

gular Definido 

Suponhamos que o operador de excitação seja um tensor esférico de posto J, isto é, que a 

eq. (5.54) tenha a forma 

Tif = j d^xFÍ,{x) = I d^xi;{x)^i.^^P{x) (5.98) 

Suponhamos também que os estados nucleares tenham momento angular bem definido, isto 

/ 
e 

1*.) -*■ (5.99) 

e, que o núcleo alvo tenha simetria esférica e, portanto, momento angular nulo. Em lugar 

de (5.57), a intensidade de transição total direta é agora definida por 

M M MvJ'M' 

= EK*;;il^''ll*)l' (5.100) 
u 

e a inversa por 

~ diüSp^{—uj)= ^ 
M M MuJ'M' 

= (5-101) 
V 

Usando o teorema de Wigner-Eckart [22], 

('_V'2-m2 
{jimi\T^\j2m2) = -^=={jimi32-m2\kq){ji\\T%j2), (5.102) 
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e (5.95) obtemos para o primeiro membro de (5.75) 

E ^;»>l7orF|n> + E nV(Pl7ori.|n> 

./ 
pn np 

ClpQin, nXpTTln 

(pll7or^||n) 

ClfiCLp TTlnTTlp 

{-yn '^^{jpmpjn-mn\JM)- 
^/2JTT 

(5.103) 

(E ^Íl'(pll7<.rí||n) + E ci5 •(PÍl7or^l|n) 
V "T 1 yapan anOp 

(4"> > 0) 

(4''> < 0) 

As identificações acima foram feitas do mesmo modo que em (5.75), sendo que o sinal de 

M' para < 0 decorre do teorema de Wigner-Eckart, isto é, 

{<M'\^Í,W = ^==(*íll^''ll'f> (5.104) 

(5.105) 
y/2,J + 1 

Quanto à fase (—)-^'+^' em (5.103), ela foi colocada por conveniência. Vemos, portanto, 

que as amplitudes em (5.95) estão relacionadas aos estados físicos P^'ra > 0 e 

papa < 0. Lembremos, mais uma vez, que para excitações com troca 

de carga esses dois estados estão em isóbaros distintos. 

Esses resultados permitem definir as amplitudes de transição reduzidas na RPA: 

H KyPWboTiWn) + Enl7'(Pll7oríl|n> 
QpCLfi dji Oip 

(4';;||J^-'||4'>íp4 (u,y > 0) 

(„(J) < 0) 

Em termos delas as intensidades de transição totais em (5.100) e (5.101) são dadas por 

(5.106) 

gMRPA ^ ^ K®4||:f4||$) 
RPAl (5.107) 
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= Y, l(»ll^-'ll*í>PPJp (5-108) 
u 

(4-^’<0) 
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Capítulo 6 

Resultados Numéricos 

Na RMFT não é usual incluir o acoplamento tensorial entre o méson p e o nucleon {pN). 

^ No entanto, esse tipo de acoplamento desempenha um importante papel para obter as 

ressonâncias de Gamow-Teller, como veremos na segunda seção deste capítulo. Logo, se 

desejamos autoconsistência, precisamos incluí-lo também na RMFT. 

Este capítulo está dividido em duas seções . Na primeira iremos apresentar os resultados 

numéricos da RMFT com acoplamento pN misto e compará-los aos obtidos, usando-se ape- 

nas acoplamento pN vetorial. Na segunda seção iremos apresentar os resultados numéricos 

obtidos na RPA para os estados = O'*' (IAS) e = l"*" (GTR), excitados por troca de 

carga a partir dos núcleos alvos “^^Ca, ®°Zr e ^°®Pb, e compará-los com aqueles obtidos em 

cálculos não relativísticos da mesma espécie, e com os respectivos valores experimentais. 

6.1 Soluções da RMFT 

No que se refere à RMFT, onde o píon não contribui, a densidade de lagrangeana (3.1-3.5) 

fica determinada uma vez que as massas do nucleon e dos mésons a, u e p, as constantes 

de acoplamento destes mésons ao nucleon e as constantes de auto-interação do méson cr, g-2 

e Q3, sejam dadas. Na literatura são conhecidos diversos conjuntos para esses parâmetros. 

Dentre esses, um dos mais utilizados por ter sido testado com sucesso para uma ampla 

gama de núcleos, tanto esféricos como deformados, em toda a tabela periódica é o conjunto 

NLl [23]. Esse é basicamente o conjunto de parâmetros que adotamos em todos os cálculos 

realizados neste trabalho. Seus valores estão na primeira coluna da tabela Tabela (6.1). 

Na RMFT não é ususal incluir o acoplamento tensorial dos mésons vetoriais cu e p ao 

I 

L 
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nucleon. Isso porque esse acoplamento adicional tem pouco efeito sobre os observáveis do 

estado fundamental. No entanto, para a GTR o acoplamento pN tensorial desempenha 

; um papel importante, como veremos a seguir. Assim, se desejamos um cálculo autoconsis- 

^ tente, precisamos incluí-lo também na RMFT. Num cálculo relativístico na aproximação 

de Hartree-Fock, Bouyssy e colaboradores [11] incluíram esses acoplamentos. Há razões 

teóricas (modelo de dominância vetorial) que permitem ligar a razão entre as constantes de 

acoplamento tensorial (fp) e vetorial (pp) do méson p ao momento magnético anômalo isove- 

torial do nucleon, isto é, 2fpjgp = Ky = Pp — Pn — í = 3.7. (O fator 2 se deve a convenções 

distintas para Pp aqui e em [11].) No entanto, há outras razões de natureza fenomenológica 

(espalhamento -kN) que levam a um valor maior para essa razão, a saber 2fpjpp = 6.6. 

Para a aproximação de Hartree-Fock relativística a primeria destas estimativas leva aos 

resultados melhores, correspondendo fp = 9.73. 

Por outro lado, os valores ajustados das constantes de acoplamentos diferem um bocado 

conforme se incluam ou não os termos de Fock [11]. Por esse motivo, decidimos por fixar 

0 valor de fp de modo a reproduzir a energia da GTR excitada a partir do Pb, o que 

levou a fp = 9.95, ou seja, 2fp/pp = 2.0. Esse é o valor que adotamos nos cálculos RMFT 

com acoplamento pN misto, mantendo os valores do NLl para os demais parâmetros. 

Para resolver as equações da RMFT para o nucleon e os mésons utilizamos o método 

de expansão em bases de oscilador harmônico discutido no capítulo 3, com a frequência do 

oscilador para férmions dada por huo = MeV e o número máximo de camadas de 

oscilador para os férmions e bósons dado por Np — Nb = 20. Ring e colaboradores [9] 

obtiveram que esses são os valores otimizados de Np e Np. Para resolver a equação do fóton, 

foi utilizado o método de funções de Green. Os cálculos de RMFT foram feitos usando-se 

o código FORTRAN para núcleos esféricos desenvolvido por P. Ring e colaboradores [24] 

Na Tabela (6.2) estão os resultados numéricos obtidos para a energia de ligação por 

nucleon E/A e o raio quadrático médio para nêutrons, r„, e prótons, rp, no ^*Ca, ®°Zr e 

^°®Pb. Na Tabela (6.3) estão as energias de partícula única, próximas à energia de Fermi, 

para prótons e nêutrons, no ^°®Pb. Pode-se ver, principalmente na Tabela (6.2), que a 

inclusão do acoplamento pN tensorial afeta muito pouco os resultados. Isso justifica não 

termos reajustado as demais constantes de acoplamento. 
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NLl 

M (MeV) 

m^(MeV) 

77Ja,(MeV) 

mp(MeV) 

Ç2 

93 

9<t 

9uj 

9p 

 pNjt) 

938.0 

492.25 

795.36 

763.0 

-12.172 

-36.265 

10.138 

13.285 

9.9510 fp 9.95 

pion 

m^(MeV) 138 

In 1.00 

Tabela 6.1: Parâmetros da lagrangeana de QHD usados nos cálculos. 

Rigorosamente, e como ficará claro na seção seguinte, deveriamos descontar, também 

na RMFT, o termo de contato que naturalmente surge quando se usa acoplamento do tipo 

derivativo, como é o caso do acoplamento pN tensorial. No entanto, como a inclusão desse 

acoplamento alterou muito pouco os resultados da RMFT, deixamos de fazê-lo nesse caso, 

apesar de o fazermos no cálculo RPA correspondente. 

6.2 Resultados da RPA 

Resolvemos as equações da RPA (5.97) para duas situações diferentes. Na primeira delas, 

RPAl, o acoplamento pN tensorial é eliminado, fazendo-se /p = 0 na densidade de la- 

grangeana de interação (3.4). Na segunda situação , RPA2, incluiremos esse acoplamento. 

Os cálculos RMFT correspondentes acompanham essa duas escolhas. 

Para os cálculos RPA utilizaremos a base discreta de estados de partícula-única da 

RMFT, discutida no capítulo 3. Os parâmetros da lagrangeana da QHD utilizados estão 

listados na tabela 6.1. Como a troca de um píon não contribui na RMFT e, portanto, não 

existe um ajuste de parâmetros para esse méson, utilizamos valores experimentais, ou seja, 

m^r = 138.0 MeV e A = 1-00. Além disso, no cálculo RPA2 o valor de fp foi ajustado para 

reproduzir o valor experimental da energia de excitação da GTR para o ^°®Pb. 

O espaço modelo utilizado nos cálculos RPAl e RPA2 para o IAS e a GTR inclui somente 
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1 

E/A 

«Ca 

NLl -8.598 3.650 3.399 

NLl-hpiV(í) -8.598 3.658 3.397 

90 zr 

NLl -8.721 4.337 4.206 

NLl+pN(t) -8.722 4.332 4.208 

208pb 

NLl -7.884 5.795 5.474 

NLl+pN{t) -7.885 5.786 5.478 

Tabela 6.2; Energia de ligação por nucleon E/A em (MeV) e raio quadrático médio para 

nêutrons, r„, e prótons, Vp, em (fm), para o ^^Ca, o ^^Zr e o calculados na RMFT com os 

parâmetros NLl e com a inclusão do acoplamento pN tensorial, pN(í). 

excitações OhÇl e 2hQ, e, como os estados do contínuo não ficam bem representados por uma 

expansão em base de oscilador harmônico, tentamos evitá-los tanto quanto possível. Porisso 

incluímos somente os estados de partícula-única da RMFT que são ligados pelo menos para 

nêutrons e, por consistência, os correspondentes estados para prótons mesmo quando são 

não ligados. Esse espaço modelo não é excessivamente restrito, pois, em todos os casos 

considerados aqui, as regras de soma (5.62) e (5.67) foram obedecidas ao nível de pelo 

menos 99.5% para o IAS e 92.8% para a GTR como se pode ver na tabela Tabela (6.4). 

Na Tabela (6.5) estão os estados de partícula-única utilizados para construir os espaços 

modelo dos cálculos RPAl e RPA2, para os núcleos alvo «Ca, ®°Zr e ^°®Pb. 

• Cálculo RPAl 

O cálculo RPAl para o IAS do ^osp^ ^á uma energia de excitação (sempre medida a 

partir do estado fundamental do núcleo alvo) de 18.6 MeV e uma intensidade de 99% da 

regra de soma, {N — Z), em acordo com os respectivos valores experimentais de 18.8 MeV 

e ~100%, obtido em [25]. Esses resultados são da mesma qualidade daqueles obtidos por 

Colò et al. [26], que fizeram um cálculo não relativístico também autoconsistente, como o 
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Nêutrons Prótons 

NLl NLl+pA^(í) NLl NLl+piV(í) 

208pb 

lp7/2 -22.721 

2d5/2 -19.864 

2d3/2 -18.206 

l/iH/2 -17.707 

3sl/2 -17.614 

l/i9/2 -12.055 

2/7/2 -10.690 

2/5/2 -8.679 

1Ü3/2 -8.543 

3p3/2 -8.181 

3pl/2 -7.444 

2g9/2 -2.423 

lül/2 -1.880 

3d5/2 -.790 

4sl/2 -.557 

2g7/2 -.501 

-22.839 -15.700 

-19.899 -12.235 

-18.242 -10.589 

-17.786 -11.028 

-17.580 

-12.110 

-10.683 

-8.654 

-8.563 

-8.118 

-7.385 

-2.390 

-1.869 

-.771 

-.543 

-.461 

-9.596 

-5.217 

-2.937 

-.906 

-1.884 

.244 

.993 

5.615 

5.020 

4.778 

4.048 

6.471 

-15.602 

-12.195 

-10.542 

-10.978 

-9.602 

-5.132 

-2.903 

-.876 

-1.862 

.241 

.986 

5.638 

5.084 

4.781 

4.050 

6.479 

Tabela 6.3; Energias de partícula única, em MeV, para prótons e nêutrons, no 

nosso, pois utilizaram a mesma interação (força de Skyrme) para obter as excitações e o 

estado fundamental do núcleo alvo. 

E importante ressaltar que o píon não contribui para o IAS . Isso acontece porque os 

elementos de matriz reduzidos que aparecem no kernel da RPA para o píon em (5.81), são 

sempre nulos para o IAS. Com efeito 

< /c||y}||/c' >= 0 se l + l' + J é ímpar (6.1) 

e os elementos de matriz reduzidos para o píon em (5.81) têm a forma geral, < /Cr|[lj|[-Ks >. 
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Para o IAS, J = 0 e Kr = Kg. Logo e têm paridades opostas e, portanto, 

, < /ír||Fo||-Ks >= 0. (IAS) (6.2) 

Como as GTR’s têm larguras da ordem de ~4 MeV, os resultados que iremos mostrar 

aqui para a distribuição de intensidade dessas ressonâncias correspondem a uma função 

de excitação suavizada, que foi construída substituindo-se cada “spike” na distribuição de 

intensidade da RPA por uma lorentziana de mesma intensidade e com largura escolhida de 

modo a reproduzir a largura experimental da GTR. A energia de excitação e a intensidade 

da GTR são obtidas pelo ajuste de uma lorentziana ao pico principal desta função de 

excitação . 

Com o cálculo RPAl como descrito até aqui obteríamos que a energia de excitação e 

a intensidade da GTR para o ^°®Pb seriam, respectivamente, ~6 MeV e 56% da regra de 

soma, 3{N — Z), enquanto os correspondentes valores experimentais são 19.2 MeV e 60-70% 

[25]. Isso demonstra que esse cálculo relativístico subestimaria a energia de excitação da 

GTR em mais do que 10 MeV, colocando essa ressonância bem abaixo do IAS, em clara 

contradição com a experiência. O cálculo não relativístico de Colò et al. tem resultados 

muito melhores, embora superestime a energia de excitação da GTR em cerca de 2-3 MeV. 

Entretanto é ainda possível melhorar os resultados para a GTR sem perder a auto- 

consistência entre as partes de campo médio e de excitação . Quando tratamos com a 

contribuição do píon, podemos seguir a prática geral e eliminar o termo de contato, prove- 

niente do acoplamento derivativo (pseudovetorial). Eliminar o termo de contato simula o 

efeito das correlações de curto alcance que mantêm os nucleons separados e, naturalmente, 

anulam esse termo. Além disso, Krewald et al. [27] num cálculo não relativístico baseado 

na troca de mésons tt e p, precisaram adicionar uma interação de Landau-Migdal de alcance 

zero de intensidade ajustável, para reproduzir as energias da GTR. Em nosso caso isso cor- 

responderia a ajustar o termo de contato na interação píon-nucleon, dada em (5.21)-(5.22), 

adicionando-lhe o termo 

^^pnp'n' = 9't, J d^xd^y[Üp{x)^'y^nUn{x)] 

- y)[Ün'{y)^'r^T^l(p>{y)] (6.3) 
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ou na forma acoplada* 

(6.4) 

O que, para g'^ = 1/3 cancelaria completamente a parte de contato em (5.21). Esse termo 

não natural no feito por Blunden e McCorquodale [28], que usaram o valor puramente 

fenomenológico g'^ = 0.7, em analogia com cálculos não relativísticos. Assim como em 

(5.81), em (6.4) tampouco contribui para o IAS, porque 

e os elementos de matriz reduzidos em (6.4) sãodaforma< /Cp||Tjjí||/í„ > e < -/íp|lTjrj'/||-/í„ > 

Para o IAS, l^p e e l-^p e têm a mesma paridade e J' = 1. Com esses resultados 

e (6.5) podemos concluir que o termo , não tem nenhum efeito sobre o IAS. 

Porém ele é essencial para a GTR, como está ilustrado na Fig. (6.1) para o caso do ^°®Pb. 

Vemos que a escolha g'^ = 1/3, justificada teoricamente, leva a resultados melhores do que 

a interação nua (^(^ = 0)- entanto o acordo com o experimento é encontrado somente 

com g'^ = 0.7. Portanto encontramos que no cálculo RPAl é necessário incorporar SK^, 

com g'^ = 0.7, ao kernel da RPA (5.21) para o píon. 

Os resultados com essa escolha, para o IAS e a GTR, excitados a partir dos núcleos ^®Ca, 

^°Zr e ^°®Pb, estão listados na tabela Tabela (6.6). Os resultados são da mesma qualidade 

que aqueles obtidos em cálculos não relativísticos [26]. O acordo com o experimento é 

muito bom para as energias de excitação de ambas as ressonâncias, mas não completamente 

satisfatório para as intensidades, especialmente para a GTR. Isso já era esperado porque, 

como mencionamos anteriormente, nosso modelo não inclui excitações do tipo 2p — 2h ou 

A — h e, portanto, é incapaz de reproduzir a supressão (“quenching”) na intensidade da 

mostrou-se de grande importância num cálculo RPA relativístico de estados com paridade 

<>= 0 se l + l'+ J'é ímpar, (6.5) 

GTR. 

*0 cálculo feito para obter (6.4) é semelhante àquele do apêndice E. 
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• Cálculo RPA2 

Outra maneira de reproduzir o IAS e a GTR para esses núcleos, sem introduzir o 

parâmetro fenomenológico g'^ — 0.7, é acrescentar ao acoplamento vetorial, o acopla- 

mento tensorial entre o méson p e o núcleon. Para isso, como discutimos anteriormente, é 

necessário eliminar completamente o termo de contato para o píon, fazendo = 1/3, e o 

termo de contato para o p, que aparece agora devido à inclusão do acoplamento tensorial 

para esse méson. O cancelamento do termo de contato para o p pode ser feito através da 

adição de 

com g'p = 1/3. Resta ainda fixar um único parâmetro livre, fp. Isso foi feito de modo a 

reproduzir a energia de excitação experimental e da GTR para o O valor encontrado 

com esse ajuste é fp = 9.95. 

Os resultados obtidos no cálculo RPA2, para o IAS e a GTR, para os núcleos alvos 

'^^Ca, ^°Zr e ^°®Pb, estão listados na tabela Tabela (6.6). Na figura Fig. (6.2) mostramos 

a suavização dos “spikes” obtidos no cálculo RPA2 para o Podemos ver que os 

resultados são da mesma qualidade do cálculo RPAl. A vantagem do cálculo RPA2 é que 

a extração dos termos de contado é feita de modo teoricamente mais claro, dispensando 

ajustes “ad hoc” como no cálculo RPAl. 

- v)ia„,{y)a‘“r‘’U^{y)] (6.6) 

OU, na forma acoplada. 

CLpCLn 
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SM.PA g:;:g:;c:(%) 

208pb 

IAS 

RPAl 

RPA2 

GTR 

RPAl 

RPA2 

43.91 

43.92 

123.13 

123.12 

0.07 

0.07 

0.59 

0.65 

99.6 

99.6 

92.8 

92.8 

90zr 

IAS 

RPAl 

RPA2 

GTR 

RPAl 

RPA2 

10.14 

10.11 

28.21 

28.18 

0.15 

0.12 

0.24 

0.23 

99.9 

99.9 

93.2 

93.2 

Ca 

IAS 

RPAl 

RPA2 

GTR 

RPAl 

RPA2 

8.03 

8.04 

22.62 

22.63 

0.07 

0.08 

0.07 

0.07 

99.5 

99.5 

94.0 

94.0 

Tabela 6.4: Regras de Soma na RPA. 
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nêutrons prótons 

lp3/2 -38.1(1) -38.7(1) 

lpl/2 -34.4(1) -34.8(1) 

ldò/2 -22.9(1) -24.1(1) 

ld3/2 -16.5(1) -17.5(1) 

2sl/2 -17.7(1) -16.9(1) 

1/7/2 -9.03(1) -9.92(0) 

1/5/2 -1.83(0) -1.98(0) 

2p3/2 -5.18(0) -3.41(0) 

2pl/2 -3.64(0) -1.69(0) 

Zr 

nêutrons prótons 

ld5/2 -36.1(1) -29.9(1) 

ld3/2 -31.8(1) -25.4(1) 

2sl/2 -30.3(1) -23.2(1) 

1/7/2 -23.5(1) -18.0(1) 

2p3/2 -17.5(1) -10.4(1) 

2pl/2 -15.7(1) -8.67(1) 

lg9/2 -11.5(1) -6.20(0) 

2d5/2 -6.22(0) 0.83(0) 

3sl/2 -4.39(0) 2.59(0) 

1^7/2 -4.06(0) 1.48(0) 

208pb 

nêutrons prótons 

1^9/2 -27.1(1) -20.0(1) 

lg7/2 -22.8(1) -15.6(1) 

2d5/2 -19.9(1) -12.2(1) 

2d3/2 -18.2(1) -10.5(1) 

lhll/2 -17.8(1) -11.0(1) 

3sl/2 -17.6(1) -9.60(1) 

lh9/2 -12.1(1) -5.13(0) 

2/7/2 -10.7(1) -2.90(0) 

2/5/2 -8.65(1) -0.88(0) 

3p3/2 -8.12(1) -0.24(0) 

1Ü3/2 -8.56(1) -1.86(0) 

3p3/2 -7.38(1) 0.99(0) 

2g9/2 -2.39(0) 5.64(0) 

lül/2 -1.87(0) 5.08(0) 

3d5/2 -0.77(0) 4.78(0) 

4sl/2 -0.54(0) 4.05(0) 

2g7/2 -0.46(0) 6.48(0) 

3d3/2 -0.16(0) 4.82(0) 

Tabela 6.5: Níveis de partícula-única, em MeV, utilizados para contruir o espaço modelo dos 

cálculos RPAl e RPA2. O número entre parênteses indica a ocupação do nível. 
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208Pb GTR rho(v)+pion(pv,g'=0) (smear=3.MeV) 

208Pb GTR rho(v)+pion(pv,g'=1/3) (smear=3.4MeV) 

Excitation from target [MeV] 

Figura 6.1: Cálculo RPAl da distribuição de intensidade de Gamow-Teller para o núcleo-alvo 

obtida com g'^ = 0, 1/3 e 0.7. Os “spikes” dão os resultados para as intensidades parciais 

obtidas no cálculo RPAl, a curva contínua a função de excitação suavizada conforme explicamos 

no texto, e as linhas pontilhadas a função de excitação para o pico de ressonância extraída do 

experimento [25]. (Figura retirada de [4].) 



C'^s,uitnio S* Rcsultâdos NmiiQricos Rt 

.1 

208Pb GTR rho(m,f=9.95)+pion(pv) (smear=3.6MeV) 

Figura 6.2: Cálculo RPA2 da distribuição de intensidade de Gamow-Teller para o núcleo-alvo 

As convenções são as mesmas da Fig. (6.1). 
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I 

Alvo RPAl RPA2 Experimento 

e Energia Intensidade Energia Intensidade Energia Intensidade 

resson. [MeV] [% da r. s.] [MeV] [% da r. s.] [MeV] [% da r. s.] 

208pj^a 

IAS 

GTR 

18.6 

18.9 

99 

80 

18.5 

19.2 

99 18.83 ±0.02 ~ 100 

80 19.2 ± 0.2 60 - 70 

gozr* 

IAS 

GTR 

11.9 

16.0 

101.3 

80 

11.7 

16.2 

101.1 

82 

12.0 ±0.2 

15.6 ±0.3 

^ 100 

28 

48Ca^ 

IAS 

GTR 

7.48 

11.0 

100.4 

82 

7.51 

10.5 

100.5 

78 

7.17 

- 10.5 

~ 100 

35 

“Valores experimentais tomado das Refs. [29, 25]. 

Valores experimentais tomado das Refs. [30, 31]. 

“Vzilores experimentais tomado da Ref. [32]. 

Tabela 6.6: Resultados dos cálculos RPAl e RPA2 para a energia de excitação e a intensidade 

das ressonâncias com troca de carga. Os valores experimentais são dados para comparação . 
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Capítulo 7 

Conclusões 

Generalizamos, nesta tese, o formalismo da RPA relativística, baseada na hadrodinâmica 

quântica, para aplicações a excitações com troca de carga. O tipo de tratamento desen- 

volvido aqui tem um alto grau de autoconsistência. Analogamente ao caso não relativístico, 

a RPA relativística pode ser vista como o limite de pequenas amplitudes da RMFT depen- 

dente do tempo e, portanto, a mesma densidade de lagrangeana deve ser empregada para 

descrever, tanto as propriedades do estado fundamental, como as excitações , conforme 

fizemos aqui. 

Mostramos que o IAS e a ressonância de GT para os núcleos-alvo ^®Ca, ®°Zr e ^°®Pb, 

são bem reproduzidos nesse contexto. Para isso realizamos dois cálculos diferentes: 

a) Com o acoplamento ttN pseudovetorial e o acoplamento pN vetorial [4]. Nesse caso 

foi necessário tratar fenomenologicamente a intensidade do termo de contato na interação 

■kN. Os melhores resultados foram obtidos com valores, para essa intensidade, próximos 

àqueles utilizados em cálculos não relativísticos. 

b) Com acoplamento nN pseudovetorial e acoplamento pN misto (vetorial -f tensorial). 

Nesse caso adotamos o procedimento de eliminar completamente os termos de contato, 

seguindo a regra usual. Os resultados são da mesma qualidade do caso anterior, com a 

vantagem de que o tratamento dos termos de contato é mais limpo, não envolvendo um 

parâmetro fenomenológico adicional a ser fitado. 

Por uma questão de autoconsistência, no cálculo b) acima estendemos a RMFT usual, 

incluindo o acoplamento pN tensorial. Para isso deveriamos, em princípio, ter reajus- 

tado todos os parâmetros do modelo. No entanto, como a contribuição desse acoplamento 
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na RMFT é muito pequena, não o fizemos, mas simplesmente adotamos o conjunto de 

parâmetros NLl e, para a constante de acoplamento pN tensorial, fixamos seu valor de 

modo a reproduzir a energia de excitação da ressonância de Gamow-Teller do Além 

disso deveriamos, como fizemos no cálculo RPA, ter extraído, também na RMFT, o termo 

de contato que aparece devido a esse acoplamento. Novamente, deixamos de fazê-lo com o 

argumento de que sua importância na RMFT é pequena. Esse é um ponto que mereceria 

um tratamento melhor num cálculo futuro. 

Para calcular os propagadores relevantes para as ressonâncias com troca de carga, fize- 

mos a aproximação intantânea, isto é, fizemos = a; = 0. Essa aproximação é bem 

justificada para essas ressonâncias. Para o propagador do méson p, no entanto, além dessa 

aproximação , eliminamos completamente o termo proporcional a k^k''/m?p. Vimos que, 

embora esse termo seja pequeno, ele não é desprezível. Um cálculo mais sofistificado deveria 

levá-lo em conta. 

Ao deduzir a forma espectral da equação de Dyson na seção 5.2, eliminamos comple- 

tamente os estados com energia negativa, ou seja, fizemos a seguinte aproximação para 

0 propagador de polarização de Hartree; IT-^ oc (Gd -f Gf){Gd + Gp) — G^Gd, com a 

notação utilizada na Eq. (4.2). Sabe-se, no entanto [33, 34] que uma prescrição melhor 

seria consider em parte os estados com energia negativa, eliminando apenas a contribuição 

infinita, isto e, tomar 11^ oc {Gd Gp){Gd T Gp^ — GqGd T GdGp -b GpGd- Essa 

prescrição tem a vantagem de que a RPA resultante conserva as simetrias do modelo e 

isola o estado espúrio com = 1~, correspondente ao movimento do centro de massa 

[33, 34]. Como aqui estamos interessados nas excitações com J'^ = 0+ e T'', esse ponto não 

foi crucial. No entanto, se desejássemos um tratamento mais rigoroso das regras de soma 

seria melhor incluir essas contribuições , muito embora, a tabela Tabela (6.4) mostre que, 

na aproximação que fizemos, as regras de soma foram satisfeitas ao nível de 99.5% para o 

IAS e 92.8% para a ressonância de GT. 

Para finalizar, indiquemos algumas possíveis extensões dos cálculos realizados aqui. 

Usamos uma base discreta de estados de partícula-única fortemente truncada. Isso foi sufi- 

ciente para determinarmos a posição das ressonâncias. Uma possível extensão seria calcular 

com mais detalhes suas funções de excitação , para determinarmos, por exemplo, as larguras 
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das ressonâncias. Precisaríamos, para isso, incluir os estados do contínuo [26]. Seria nesse 

caso, mais apropriado usar uma versão não espectral das equações da RPA semelhante à 

de Shepard e colaboradores [33]; caso contrário teríamos que lidar com espaços-modelos 

excessivamente grandes. Outra possível extensão seria abordar o interessante problema da 

supressão (“quenching”) de intensidade de GT. Para isso seria necessário acrescentar ao 

nosso modelo outros graus de liberdade, tais como a ressonância A e as configurações de 

2p — 2h. 
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Apêndices 
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Apêndice A 

Propagadores Interagentes na Presença de 

Acoplamentos Derivativos 

A expansão dos propagadores interagentes em termos dos propagadores livres deve ser 

feita com a densidade de hamiltoniana de interação . No entanto, quando a densidade de 

lagrangeana de interação não contém acoplamentos derivativos, a expansão pode ser feita 

diretamente com essa última densidade (com o sinal trocado). Neste apêndice queremos 

mostrar que, mesmo quando a densidade de lagrangeana de interação contém primeiras 

derivadas dos campos bosônicos, podemos fazer a expansão dos propagadores interagentes 

em termos dessa densidade desde que as derivadas temporais apareçam apenas linearmente. 

O desenvolvimento deste apêndice está baseado no desenvolvimento análogo feito para a 

eletrodinâmica escalar na referência [10]. 

Nosso ponto de partida é uma densidade de lagrangeana da forma 

C = Co + Cint (A-1) 

onde 

^0 = ^ ^do(f)ido(f)i + To{ip, V', (p, dkp) (A.2) 
i 

e 

Cint = (p, dkp) + Çcf Ip, (p, dk(p)doPi (A.3) 
i 

tp e íp representam os campos fermiônicos e pi os campos bosônicos. é uma função dos 

campos fermiônicos e bosônicos desacoplados e Tint e funções envolvendo acoplamentos 
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entre esses campos. É importante ressaltar que J^int e não envolvem derivadas temporais 

dos campos. Os momentos conjugados canônicos são 

dC 

dC dTt, 

7Ti 

ôdo^J ddoip 
o 

—— = docpi + ip, (j), dk4>) 
C/C^Q0J 

A densidade de hamiltoniana fica 

H = + 7T^5o'0 + ^ -Kido(t>i-C 
i 

= TT^doip + + Ci)dQ(j)i- ldo(j)ido(l)i-J^o-J^int- Y ^i9o(l>i 
i i i 

i 

= TT^do^lp + Ç 7riC?-C?7Ti + {C^f]-To-Tint 
i 

no nint 

e as hamiltonianas livre e de interação são 

Ho = J SxUo = J d^x ^TT^ôoV’ + Y 

Hint = J d^xHint = J d^X int 

(A.4) 

(A.5) 

(A.6) 

Os campos e momentos conjugados que aparacem nas expressões (A.5) e (A.6) estão na 

descrição de Heisenberg. Para a expansão do propagador interagente em termos dos propa- 

gadores livres precisamos colocar Hint em (A.5) na descrição de interação , ou seja, 

(A.7) 

Para transformar um operador na descrição de Heisenberg 0(t) para a descrição de in- 

teração Oin{t) devemos calcular [12] 

Oin{t) = f/(í,0)O(í)í7(0,í) (A.8) 
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onde U{t,9i) e 17(0, t) são operadores de evolução temporal satisfazendo 

idoU(t,0) = Hini(t)inU(t,0) 

idoU(0,t) = -U(0,t)Hir,t(t)in (A.9) 

ou ainda, 

idoU(t,0) = U(t,0)Hint(t) 

idoU(0,t) = -Hi,,t(t)U(0,t) (A.IO) 

onde usamos U(t,0)U{0,t) = 1 = U(0,t)U(t,0) para reescrevermos (A.9) com a hamilto- 

niana de interação na descrição de Heisenberg. De (A.8) e (A. 10) obtemos 

idoOinit) = U(t,0)[0{t),Ho]U(0,t) (A.ll) 

e, usando as relações de comutação canônicas, a saber, 

(A. 12) 

[ll>i(x,t),TTj{x',t)] — íôijÔ^^\x - X') (A.13) 

[Ki(x,t),1Tj(x',t)] = 0, (A.14) 

resulta que 

ÍÕQ(l)i(x,t)in = U(t,0)[(j)i(x,t),HQ(^,TT)]U(0,t) 

= U(t,0) J d^x'[(f)i{x,t),(n^doílj+ |(íc',t)]t^(0, t) 
j 

= U(t,0) j (^[(t)i{x,t),TTj(x' ,t)]TTj(x' ,t) 

+ T:j(x',t)[(j)i{x,t),Trj(x',t)^ U(0,t) 

= U(t,0) J d^x' 5iji5^^\x-x')'Kj(x', t)U(t, 0) 
j 

= ÍU{t,0)Ti{x,t)U{t,0) = ÍT!i(x,t)in (A. 15) 
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Substituindo (A. 15) em (A.7) temos * 

= E (A.16) 
i 

Vemos que a densidade de hamiltoniana de interação na descrição de interação difere da 

lagrangeana pelo termo não covariante Ç 
i 

A expansão de um propagador interagente em termos de propagadores livres baseia- 

se na aplicação do teorema de Wick ao seguinte resultado obtido a partir do teorema de 

Gell-Mann e Low [12]: 

G{xu ...,Xn,yi,...,yp) = {'^\T(f){xi) • • • <j){xn)'4>{yi)... ^{yp)-tp{y\) ■ ■ ■ ^[yp)\^) 

^ {"^olTcpinixi) ■ . .ipin{yp)exp[-i Jd^^znintiz)^] l^o)/- A^ 

{^olTexpl-iJd^^znintiz)^] l^o) ^ 

De agora em diante iremos omitir o índice “m” e adotar que todos operadores de campo 

estão na descrição de interação . 

Para as contrações que aparecerão em (A. 17) envolvendo os campos mesônicos e suas 

derivadas usaremos os seguintes resultados. 

< ^o\TU^)cf>j{y)\^o >=< ^o\TMv)M^)\^o > (a.18) 

< ^o\TM^)(l^j{y)\'^o > = d° < ^o\4>i{x)(f)j{y)6{t^-ty) + 4>j{y)(f)i{x)e{ty-t^)\'^o > 

= < '^o\[d%{x)({>j{y)]9{ta:-ty) + [(j)j{y)d%{x)]e{ty-t^) 

+ [</>iW,'/'i(y)](5(íx-íy)|^0 > 

= < ^o\Td^M^)My)\^o > (A.19) 

e 

dod^ < ^o\T(/)i(x)(/)j{y)\'í'o > = < '^o\[do(/)i(x)][d^<pj(y)]0{t^-ty) + M^)[9o<Pj(y)]9o^(tx-ty) 

+ [do(/>j(y)][dSM^)]^(iy-'^x) + [d^^j(y)]M^)9S^(ty-tx)\'^o > 

= < 'í>o\Tdo(/)i(x)d^(f)j(y) + [M^)^ 9o<^j(y)]Hix-ty)\'^o > 

= < '^o\Td^M^)9o<Pj(y) + [(í>i{x), dl(j)j{y)]5{to,-ty)\^Q > 

= < ^^\Td^Mx)dUAy)\^o > +i5iy5^^\x-y) (A.20) 

‘Estamos levando em conta que, após a quantização , o mesmo ordenamento dos operadores de campo 

em 'Hint deve ser feito em Cint 
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onde usamos que 

S{tx-ty)[(j)i{x),(f)j{y)] = 0 e 
(A.21) 

/ 5{t^-ty)[(f)i{x),d^4)j{y)] = iôijô^^\x-y) 

Conforme resulta de (A.12)-(A.14) e de (A.15). 

Contudo, podemos ver em (A.20) que nos produtos cronológicos dos termos derivativos 

existe uma segunda fonte de termos não covariantes. Iremos mostrar, a seguir, que esses 

termos cancelam Ç |(C°)^ em (A.16). 
i 

Usando (A.16) temos para o numerador em (A.17) 

< '^o\T(í){xi). ..Tp{yp)exp-ijd'^z -Y.C\d^4>i~Tint + E\{Ci) 1^0 > 

=< \mxi)... iP{yp)E S / ... dhr (e Claoçin) • • • (e 

X exp |-z Jd‘^z[-Jz^^t + 1^0 > (A.22) 

Na expressão acima, somente a parte da exponencial cronológica contendo derivadas 

temporais foi expandida em série de potências, porque são esses termos que introduzem as 

contrações não covariantes (A.20). Para o r-ésimo termo da expansão existem (27)!(r-'2^)! 

escolhas de 2s vértices, e maneiras distintas de contraí-los em s pares. Além disso, se 

definirmos o produto cronológico covariante T [10] de modo que ele coincida com o produto 

cronológico usual T exceto pela propriedade 

< ^oíTdo<p(x)do^(y)l^o >= d^dl < '^o\T(l){x)(l){y)\^o >, (A.23) 

cada contração usual (feita com T) de dois desses vértices dá, além das contribuições 

covariantes (feitas com T), a seguinte contibuição extra não covariante 

Ec,"Wl< í'„|ras*(x)a„»,í.ífe)|o > - < 4'„|f^*(x)af0,fa)|9'„ >]c»(y) 
ij 

= -iJ2dijd^^\x-y)cK^)Cj{y) 
ij 

=(a.24) 
i 

Portanto, notando que as variáveis de integração Zi,Z2, ...,Zr são mudas e agrupando cada 

termo de ordem r em (A.22) segundo as potências s = 0, l,...[r/2] da contribuição não 



Apêndice A. Propagadores Interagentes na Presença dc Acoplamentos Derivativos 

covariante, podemos reescrever o segundo membro daquela equação em termos do produto 

cronológico covariante como 

I / ^ oo [r/2] r ^ r—25 , í 'i « 
< í>„|r0(x,)... s {/(«■'z" ec?9o0í} (2.m'r-2srM {-> ÇP?]"} 

X exp-i í> 
t 

* OO [r/2] r '1 r—2s f -) s 

r=0 s=0 '•'t i J t i J 

X exp |-z j d^^zl-Tint + Ç |(C°)^]| |í^o > 

, oo oo oo -r—2, f , „ ^ r~2i 
=< <Üo\T(t>{x^)... rPivp) E E E 5r,n+2.7^ / d^z" E 

r=0 s=0 n=0 ' t i J 

X i {i/d‘2'Çi[C|>l"}'eip-i j<fz[-7^i„, + X:i(C.V]|4'„ > 

OO ( "^^oof 
=<^o|r0(xi)...7/;(yp)E S /rfV'EC°ao0i E i í/rfVEè[cfp 

n=0 t I J s=0 L i J 

X exp |-z J d‘^z[-:Fint + Ç 1^0 > 

=< ^o\T<l){xi).. .'ip{yp)exp[i j d^zCintW^Q > (A.25) 

Podemos ver que as contrações não covariantes podem ser exponenciadas e suas con- 

tribuições cancelam o vértice não covariante E 2(^1°)^- 
i 

Um desenvolvimento análogo pode ser feito para o denominador em (A. 17). Portanto, 

podemos reescrever o propagador (A.17) em termos da densidade de lagrangeana de in- 

teração como 

G(xi,...,x„;yi,...,?/p) 
(^o|T’0i„(xi).. .'ipin{yp)exp[i Jd"^zCint{z)in] 1^0) 

{^Q\fexp[i! d‘^zCint{z)in] 1^0) 
(A.26) 

Ressaltamos que nessa forma é necessário usar o produto cronológico covariante T, definido 

conforme (A.23). 



Apêndice B 

Reversão Temporal 

Neste apêndice queremos mostrar como os tensores bilineares, Üa{x)Ua{x), Üa{x)'y^Ua{x) 

e Üa{x)a‘'^Ua{x), se transformam por reversão temporal, onde Uaéo espinor que representa 

a função de onda de partícula-única do nucleon no estado a. 

Generalizando o que foi feito na referência [35], é possível mostrar que a equação de 

Dirac em (3.17) para Ua{x), é invariante na forma por reversão temporal. Comecemos por 

introduzir um operador antiunitário K que transforme p em -p e conserve cc e 7^, 

KxK^ = X , KpK^ = -p, 

= 7^^, (B.l) 

Esse operador existe e na representação de Dirac-Pauli é dado por 

K = (B.2) 

onde Kd é o operador de conjugação complexa associado a essa representação . O operador 

de reversão temporal é ou seja, 

KTa{x) = 'y°KU^{x) 

- iT,yKDUa{x) (B.3) 

onde UTa{x) denota o espinor transformado por reversão temporal. 

Desses resultados podemos obter como a densidade escalar Üa{x)Ua{x), e as correntes 

Üa{x)'y^l{a{x) e Üa{x)o'''‘Ua{x) se transformam por reversão temporal, 

ÜTa{x)UTa{x) = KUa{x) 

= Üa{x)Ua{x). (B.4) 
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Para a corrente vetorial ÍYq(x)7^ZYq(£c) temos 

UTa{x)YUTa{x) = Ua{x) 'y^ KUa{x) 

= Z?«(a:)7V7°Wa(a:), (B.5) 

ou seja 

l4Ta{x)Yl^Ta{x) = 

Analogamente obtemos 

lÍTa{x)(r‘''UTaix) = 

Ua{x)'yf^Ua{x) , /i = 0 

-Üa{x)j^l{a{x) , p = 1,2 eS 

Ua{x)(j‘''‘Uaix) , U = 0 

—Üa{x)a‘'^Ua{x) , u = 1,2 e 3 

(B.6) 

(B.7) 



Apêndice C 

Rotações 

Neste apêndice queremos mostrar como os tensores bilineares, 'ip{x)'ijj{x), •íp{x)^^i){x) e 

■0(a:)cr°*'0(a:), em segunda quantização , se transformam por rotações , onde o operador de 

campo 'tp{x) é dado pela expansão (3.16). 

Analisando a invariância da densidade de lagrangeana (3.1)-(3.5) obtemos que as for- 

mas bilineares acima têm propriedades definidas por transformações de Lorentz. Assim 

'ip{x)ip{x) se transforma como um campo escalar, ij{x)'y'^ip{x) como um campo vetorial e 

'ip{x)a^''xp{x) como um campo tensorial de segunda ordem. 

Introduzindo, então, o operador unitário 7Í{R) que representa a rotação R no espaço 

de Fock, devemos ter 

n^{R)'iP{x)i;{x)n{R) = ^{Rx)i){Rx), (C.l) 

'R\R)'4){x)'f'ij){x)'R{R) = 'ip{Rx)'y^'ip{Rx), (C.2) 

n\R)'ip{x)a^^'ip{x)'R{R) = '^{Rx)a^'''ip{Rx)R^^Rj 

= 'ip{Rx)a°^iP{Rx)R/. (C.3) 

onde Rx são as coordenadas do ponto original vistas no referencial rotacionado por R. 

Lembremos que para rotações , -R*o = = 0 e R^j é uma matriz ortogonal. 
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Apêndice D 

Oscilador Harmônico Isotrópico 

Neste apêndice iremos listar as soluções (e suas propriedades) da equação de Schrõdinger 

para um potencial de oscilador harmônico isotrópico dado por 

V{r) = + y‘^ + = \MuP‘r^ (D.l) 

onde M é a massa do nucleon e a; a frequência angular do oscilador. 

Como o potencial (D.l) é esfericamente simétrico é usual resolver-se a equação de 

Schrõdinger para esse potencial em coordenadas polares (r,6,(p). A dependência angu- 

lar das autofunções $(r) é dada pelos harmônicos esféricos e podemos escrever 

fí(r). 

A função radial R{r) satisfaz a equação de Schrõdinger radial 

(P l{l -f 1) 

dx'^ 
+ 2£-x^ = 0 

(D.2) 

(D.3) 

onde 

' h 

Mu) 

X = r/bo 

E. 
hu’ 

£ = (D.4) 

com as soluções [36] 

Eni = hu£ = hu [2(n — 1) -I- Z -I- Ij 

Rniir) = 
VOq 

(D.5) 
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com n = l,2,3.... A constante de normalização Nni pode ser obtida da relação de ortonor- 

malidade 

roo 
I dvRjiiRjjii = 

J<ò 
(D.6) 

e assim 

N^i = \/2(r»-l)!/(i + n-1/2)! (D.7) 

As funções que aparecem nas soluções radiais Rni em (D.5) são os polinômios de 

Laguerre generalizados e satisfazem a seguinte equação diferencial [36], 

com as propriedades [36] 

roo 
/ dxe~^x°'L^{x)L^(x) = ô., 

Jo 

(n + a)! 
nm I 

n! 

X—L°l (x) 
dx ’ 

(n + l)L“+i(a;) 

(D.8) 

nL“(a;)-(n + a)L“_i(a:) 

(2n + a + l-x)L^{x)-{n + a)L“_i(a:). (D.9) 

Usamos a notação z\ = T{z + 1). 



Apêndice E 

Decomposição Multipolar do Kernel da RPA 

Aqui queremos obter (5.81) e (5.83)-(5.87) a partir de (5.21). A expressão (5.21) é simpli- 

ficada pelo uso da aproximação instantânea, explicada na seção 5.2, para 

Krsnm = j xd^yÜr{x)Üm{y) ^ {2)^j{2)d].dÍDl{x-y) 

+ ( -f [7o(l)7o(2) + f (l)Ti(2)]-^[a;.i(l)7'^(2)iÔÍ-7;.(l)cT^'(2)zaf] 

—^[cj^i{l)a^^{2)idlid^j] ^D^p{x-y) | ra(l)r“(2)Ws(a;)W„(y) (E.l) 

Se substituirmos 

= eijk^^ 

o-Qj = Í7o7i (E-2) 

em (E.l), podemos eliminar os produtos vetoriais entre as matrizes de Dirac que surgirão 

na contribuição do méson p, através das identidades, 

<7íit(l)7''(2)í5; = -7o(1)7o(2)7(1) • Vx-5[(S(1) • 7(2))(S(1) • V^) 

-(S(l). V,)(S(1)-7(2))], 

api{l)a^^{2)idlid^^ = -7o(l)7o(2)(V^ • 7(l))(Vy • 7(2)) -f (V^ • S(2))(S(1) • Vy) 

-(S(1).S(2))(V,-V,), (E.3) 

obtidas com 

S = -i(SxE), 

V,iyi_^(x-y) = -V,DlJx-y). (E.4) 
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Os argumentos (1) e (2) nas matizes de Dirac nas expressões acima indicam que elas estão 

correlacionadas às coordenadas x e y, respectivamente. 

j Substituindo (E.3) em (E.l) obtemos 

Kr = í d^xd^yPrs{l^liTa)x^"^x'^ÍDl{x-y)Pmn{rí^ljT'")y 
i   ' 

Ti 

- J d^xd^yPrs{lQTa)x^-fDl{x-y)Pmn{.lQT°’)y 

' V ' 
T2 

- J d^xd^yPrs{'rira)x^D°{x-y)Pmn{Yr’^)y 
  ^ / 

T3 

+ j d^a:cí^yPrs(7o7'7-a)x^V^D°(x-y)P,n„(7or“)j, 
>  / 

Ti 

+ I I d^xd^yPrs{P^^i:Wa)x^^ÍD%X-y)Pran{fT’^)y 
    ' 

Ts 

- i I d^xd^yPrs{^^E^Ta)x'^KD^p{x-y)Pmn{7^T‘^)y 

Ts 

- J d^xd^yPrs{'yoTa)x'-^^xD°{x-y)Pmn{'yoYT‘^)y 
y / 

Tt 

- í J d^xd^yP„ifT,U'^VÍD«{x-y)P,„„{S’S>T‘), 

Ts 

+ i j êxd?yP„(fT^),^VÍD%x-y)P^n(^>T.'T‘)^ 
y  

Tg 

+ j d^xd^yPrs{7o7'Ta)xS^^l'^iD°ix-y)Pmn{jo'Y^T‘')y 
y ^ 

Tio 

- j d’ld’!/P„(EV„). j5VÍVjUj(x-!,)P„„(EÍT“)„ 
V ^^ 

Tii 

+ j d’rfyP„(EV.). JjVjVjB»(x-!,)P„„(EV“)j, 

' V ' 
Ti2 

(E.5) 

onde V* = -9® e Prs{^Ta)x = Ur{x)rraUs{x), com T representando os diversos produtos 

das matrizes de Dirac que aparecem no argumento de P em (E.5). 
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Para o propagador livre dos mésons tt e p temos 

d^k 
d: 

1 

1T,p (x-y) = -J 

^ -/ 

(27t)3 k^+m^ p-ie 

d^k 

(27t)3 ki^+ml^p 

(E.6) 

(E.7) 

g TO^,p|aj y\ 

= - 4x|x-y| 

Por outro lado a função de Yukawa Y{x-y, rriT^^p) pode ser expandida como [37] 

oo L 

Y{x-y,m) =-ATTmY, Y. h{irnx<)h!'l\imx>)YLM{x)Ylj^{y) 
L=0M=:-L 

onde Jl e são, respectivamente, as funções esféricas de Bessel e Hankel de primeira 

espécie e ordem L e a:< e a;> representam a variável que tem o menor e maior valor entre 

a: = |a;|ey = |y|. Ylm são os harmônicos esféricos. E portanto 

Dl,p{x-y) = rn^^pY^jL{im^,pX<)h^l\im^^rhoX>)YLM{àAjYlj^[{y) 
LM 

= m^^p^fL{x,y,m^^p)YLM{x)YLM{y) (E.8) 
LM 

Como /l(3;, y; m,r,p) depende somente dos módulos de a; e y, temos 

x‘ 

e então 

X 

V^E)°^p(a:-y) = rn^,pY.{ ^[^xfL{x,y,m^,p)]YLM{x)Ylj^{y) 
LM ^ ^ 

(E.9) 

Yhix, y, m^,p)[^lYLM{x)]Ylj^{y) 

VLV^E>°,p(x-y) = m^,pY,{ ^—[dxdyfL{x,y,m^^p)]YLM{x)YlM{y) 
LM^ y 

+j[dyfL{x, y, m^,p)][VÍYLM{x)]YlM{y) 

+^[dxfLÍx, y, m^,p)]YLM{x)[VlYlM{y)] 
Jb 

+/l(x, v; m,,p)[Viy'iM(í)](Vjyt*„(í')l 

(E.IO) 

(E.ll) 

V{VlD%x-y) = fL(^.V,^,)YLM(&)Yh,(v) (E.12) 
LM 
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Substituindo a expansão (3.41) para o espinor de Dirac U, a expansão (E.8) para o 

propagador livre dos méson tt e p e a.s identidades (E.10)-(E.12), em (E.5), podemos obter 

o kernel da RPA na forma acoplada. Para ilustrar isso iremos fazer essas substituições e 

calcular, detalhadamente, o quinto termo de (E.5), 

T5 = 11 d^xd^yPrs{^^E^ra)J-^VÍD^,{x-y)Prnn{fr‘^)y (E.13) 

pois para os demais termos os cálculos são análogos a esse. 

Antes de prosseguirmos é conveniente listar aqui algumas identidades envolvendo a 

função angular que aparece em (3.41), e serão utilizadas adiante. As propriedades são 

 (E.14) 
X 

= -i ís. +-)(E.15) 
r r \ rj 

(/C'= ±k), (E.16) 

= (E-17) 
m m 

J dQ,^L^^YLM^K'm> = {-KTn\YLM\i^'m') = (/ím|lLA/|-«W) (E.18) 

{K,m\(a ■’VYLM)\i^''m-') — ^ ^ (-Km|Yí,jv/|/c'm') (E.19) 

As relações (E.14) e (E.15) podem ser encontradas nas referências [21, 38] e (E.16) em [1]. 

As outras relações são obtidas com o auxílio das primeiras. 

Retornando a (E.13) iremos calcular agora Prs{Y,^Y^Ta)x e Pmn{Y'^°')y Isso pode ser 

feito substituindo a expressão (3.41) para U nesses termos, e assim teremos 

Prs{Y^YWa)x = Ul{x)'yoY^YWaUs{x) 

_ I _ 
KrTTlr ! T — X KrTTlr Kr TThi' 

( iGg 
X 

Fa 

i<Í) 

X KsTTls 

XCl,TaCi, 
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Para Pmn{Y'r°')y, temos 

Pmn{7'r‘^)y = Z^m(2/)7o7*'r“W„(y) 

.1 
= I 

y R-tti ^71771 5 y ~~ Krn PRttl 

0 a 

cr* 0 

. \ iGa IL^ KnTRXn 

_£ka.^_ 'KnTTln 

xCu^“Ct„ 

‘ ^[GamPan^}irnmm^ ^ ~ K-nmn~ an^^—Krnmm'^ ^Knm„ Jj/CéL Cín'(^-2l) 

Substituindo (E.20), (E.21) e (E.IO) em (E.13) e utilizando (E.19) obtemos 

Tb = í 
J'M> 

I [-GarGa,{Kr'mr\a'‘Yj, M'\-Ksms)+Fa^Fa^{-Krmr\cr''Yj, M'\l^sms)]x 

[^Qm Pun { ^m'PP^TnM'\~ )~Pam^o,ni~ | O"* Pj' M' I ) ] y 

dxfj'{x,y\rup) 

+ [GarGa,{píTfnr\a^a^V^Yj'M'\K,sms)-Fa^Fa,{-KTmr\(j'^a^V^Yj'M'\-i^sms)]x 

[t^am-EiTi \ —~ PamG j' M' l^n^n)]y 

ff{x,y,mp) I (CíVaCtJ*CL'^“Cín (E.22) 

mas 

{Krmr\a'^Or^'V^Yj,M'\l^s'>TT's) = ^{KriTir icr"|/ím) {-nm\Yj,M' |«5 
Km 

= ^ -^(«;r’^r|cr1«7^)((/í?72|o- • If 4- 
Km 

+ ^{Krmr\<y^\KTn){Km\Yj>M'\-l^s'^s) 

= -\{Krmr\(r\a^U + l)Yj,M'\-tísms) 

-Ksrris) 

+ ^{Krmr\ct"Yj>m' |-««rn^) 

— J I [2-í/ 4” (/ír “1“ 2)(7 | KgTTlg'j 

+^{Krmr\a'‘YjfM‘\-Kgmg) (E.23) 

onde utilizamos (E.18) e (E.19), {cr • L + l)|/ím) = -/í|/ím) [1] e {a\a^} = 2ô^T Agora 

iremos introduzir na Eq. (E.23) a identidade, 

E^‘(1)<^‘(2)= E 4(1)[4(2)1*. (E.24) 
t=l A:=0,±1 
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Relações análogas a essa valem para qualquer operador vetorial. De agora em diante 

quando lidarmos com componentes esféricas iremos denotá-las pelo índice k, enquanto 

para componentes cartesianas reservamos os índices i e j (para isospin a eb). Com (E.24) 

podemos reescrever (E.23) em componentes esféricas, como 

-^{KrTnr\{Kr + 2)cT^y>-M'1-^5^5)] 

= -l{Krmr\JlYrM'\-Kams) 

+ \{Kr7nr\(jlYr M'\-K.sms) 

-\{KrTnr\{Kr + 2)cT^Y>/m'| 

+^{Krmr\alYj,M'\-K,s'ms) 

— “i 'Y^{Krrnr\Jl\Km){Krn\Yj,M'\-f^s'rns) 
Km 

_Kzizã^(^K^mr\crlYj>M'\-Ksms) (E.25) 

Mas [22] 

Vjrbr + l)(2j. + (E.26) 

e então 

{Krmr\a'cr^V^Yj>M'\Ksms) = {jrmrjr-m\lk)\f^ ^ ^ 
m 

■K{Krm\Yj, M'\-Ksfns) 

- {K.rmr\alYj, M^-I^srris) (E.27) 

Analogamente obtemos 

{-Krmr\(r''a^'^^Yj,M'\-l^sms) = ~| XX~{jrmrjr-m\lk)\p-^^^''' 
m 

x{-Krm\Yj>M'\K-sn^s{ 

+ {-Krmr\alYj>M'\i^sms) (E.28) 

Introduzindo o tensor 

Tj^A^) = X < J'M'lk\JM > a\Yj,M'{A (E.29) 
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verificamos que 

I JM JM M'k M"k' 

(.^k'y^J'M" {y)^k^J'M' {x) 

= J2i^kV"^j'M'{y)(^kYj'M'{x) 
M'k 

Assim se substituirmos (E.27) e (E.28) em (E.22), obtemos com (E.30) que 

^5 = í 
J' ■’ JM 

^ \Gar^a,s ^ Ki-TTIt\Tjji\ KgTíls > Farieis ^ Kj-Tnj-\T^;\KgTng >]i 

[GaTO-Ein < —/ín^n|7jjí|/ímUT'77i > Fa^Gan ^ f^n'CJ'n\F^i\ — KfjiUlm ^*]j/ 

dxfj>i^,y,mp) 

+ ( E [GarGag-li-y^-^ < jrmrjr-m\lk > JEKÃmkÃE 
V kmM' ^ 

(E.30) 

< Krm\YjiM'\-Hsmg > -Fa^Fa,-^{-)F < jrmrjr-m\lk > + 1)(2>+1) 

<! KxTÍI^Yj' M‘\l^sCe>g <C J M lk\JAÍ > [^am^Ein ^ ^ 

~^am^a,n ^nfC^jilTjjil—Kfjinifn > \y 

+ < Krmr\Tfj.\-Kgmg > |Tj5, >]^ 

\.Gam^o,n ^ ~l^n'CJ,ri\Tj ji\Kjji'Cnra ^ ^amGan ^n^n|7jV'^*]j/ ^ 

fj'(x,y,mp) } (CÍr"CíJ*CLr^Cí„ (E.31) 

Pelo teorema de Wigner-Eckart [22] temos 

{Krm\Yj,M'\Kgmgr) - {-y'’~'^yjrmrjs-mg\J'M'){Kr\\Yj>\\Kg), 

{KrTnr\Tf^j,\-Kgmg) = (-)^* -ms {jrmrjg-mg\JM) {Kr\\Tj^j,\\-Kg), (E.32) 
V2J + 1 

e usando a seguinte relação envolvendo símbolos 3-j e 6-j [39], 

jr js J 

nir -rrig —AI 

í J Jr 1 jr 

rrir k -m 

jr js J 

J' 1 jr 

js jr 

-M' -rug m 

  ^ ^ ^ "^J'+í-{-jT-i-M'-\-k+m 

kmM' 

J' 1 J 

M' -k -M 
(E.33) 
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finalmente obtemos 

^5 = < jrmrjs-ms\JM >< jnmnjjn-mm\JM > 
JM 

^ E { ’^~"[GarGa, < < -Kr\\Tjj,\\Ks >]. 

[Gam^an < -l^n\\Tjj'\\Km >* -Fa^Ga^, < Kn\\Tjj'\\-Km >*]ydxfj'{x,y,mp) 

+ ( Í(-p+^'^+-''-'j-Vir(Ír + 1)(2> + 1) < Krril|-«. > | | 

[GarGas ~ FarFa^]x[GamFan "^n ||^7J'i|/ím > ~Fam.Gan l^n\\Fjji\\-Km > \y 

+ < Kr\\TjA-Ks > < -KrWTjAWs >]x 

[GamFa-n. ^ ~>^n\(FjJ'\\Km > ~FamGan ^ ||"^m ^ ^ 

fj'{x,y\mp) I Y1 (CíV^CfJ*CL^''Cín> (E.34) 
'' k=0,±l 

Cálculos análogos a esse nos levam a 

Fi = < 3rmrjs-ms\JM >< jnmnjm-rrimlJM > 
JM 

(~) / dxdyj-'^ < /Í7-||E>||-K5 >< Kml|ij||-Kn >* 

[GarGas + FarFas)x[GamGar, +-Ea„Fa„)j,5a;9y/j(2:, y; m^r) 

-[GarGa, - ForFa,)x[Garr,Gar, + Fa^Fa^)y<^^^^dyfj[x,y,mA 

-{GarGas +FarFas)x[Garr.Gar,-Far^FaJy^-^dxfj[x,y,mA 

+ [GarGas - Fa^FaMGamGa,. - Fa^FaAy^^^^íj[x,y,mA 

E (CíV^^CíJ^CLr^Ctn (E.35) 
A;=0,±1 

T2 = < jrmrjs-ms\JM >< Arrinjm-mAJM > 
JM 

r 
[-)-^^P J dxdyj-^ < Kr||E/||/í, >< Kn\\Yj\\Km >* [GarGas + Fa^as)x 

[GamGan A Fa^FaAyfj[x,y\rnp) (C/s'^^Cír)*Cí^'7'^Cín (E.36) 
A:=0,±1 

JM 
2 

(-)^"^pE j dxdyJ-^[GarFas < nr\\TjJ'\\-ns > -FaAas < -A\FjJ'hs >)x 

[GamFan < -l^n\\Fjji\\Km >* —Fa^Ga^ < kín\\Tjji\\-Km >*)y 

fj'[x,y;mp) (CÍT*Cír)*CL'^''Ct„, 
A:=0,±1 

(E.37) 
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Ti = < j^rnrjs-ms\JM X jnmn3m-mm\JM > 
I JM 

J dxdyj~‘^ < Kr|liO||«s >< «n||X7||«m >* 

{Garras A Fa^Gas)x{GamGan A Fa^Fa,n)ydxfj{x,y,mp) 

~~ {GarFa, ~ Fa^Ga,)x{GamGan + ^am^an)y x'^^ fj(^^ Vi ^p) 

E KÍA<t,nLr%^, 
k=Q,±l 

Te = Írmrjs-ms\JM >< jnmnjm-mjn\JM > 
JM 

\ E { J~''\GarGa, < -l^r\\Tjj-\\>^s > -Fa^Fa, < Kr\\Tjj,\\-K. 

{.GamTan ^ “^nll^m ^ Fa^Ga„ < 11“^ ]y^a:/j'(^) 2/j ^p) 

+ ( + l){2js + 1) < Krr;i|-K. > I I 

[GarGa, ~ FarFa,]x[GamT'an ll^m ^ ~T'amGan Ih/ím > \y 

- J-‘^[GarGa,<^-^^ < -Kr||Tjy.||K, > < nr\\Tjj.\\-ns >]x 

\GamFan ■~^n||^7J'l|/^m > ~Fa^Gan < ^ ]j/ ^ 

fj'{x,y;mp) \ ^ iCt^CuTCLr^^Ctn. 
'' fc=0,±l 

Tj - ^ Írmrjs-ms\JM >< jnmnjrn-mm\JM > 
JM 

j dxdyJ~^ < /ír||X/||Ks >< Kn\\Yj\\Km >* 

{GarGa, A Fa^Fa,)x{GanFafn A Fa^Gajn)ydyf j{x,y\mp) 

— {GarGas A Fa^Fa,)x{GanTam ~ T2„Gam)y'^'^ y'^™ fj{^y Wi ^p) 

E (cí.T‘ct,)-clr‘c.„ 
Jfc=0,±l 

^8 = Y^{-)j>-ms^_yrr.-mr^ < JM >< jnmnjm-mm\JM > 
JM 

< ->^r\\TjJ'\\Ks > ~Fa,Ga, < nr\\Tjj,\\- 

(E.38) 

^]l 

(E.39) 

(E.40) 

•s ^]x 
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I 

+ 

[^am^dn ^ > ^o,m^o,n ^ ]y9yfj'{x,y]rrip') 

( + l){2jm + 1) < Kn\\Y}\\-Km >* | ^ | 

[GanGam ~ ^an^a.m]y[^a,i^ar < ~l^r\\Tjj>\\Ks > ~Fa,Gar < II~^s >]i 

< -nn\\Tjj.\\Km >* +F„„ < «n l|TjJ'1| ~«m >*]y 

\GasFar 11^5 ^ ~Fa,Gar < H^JJ'II~^s ^]x ^ 

fj-{x,y;mp) ] Y. 
^ k=0,±l 

(E.41) 

Tg = ’^’^ < jrmrjs-ms\JM >< jnmnjm-rnmlJM > 
JM 

J~^[G-sFar < -Kr||Tjr||«, > -Fa,Ga. < Kr\\Tjj>\\-Ks >]x 

[GamGün ^n||^JJ'll~^m > ~-Fam-^an ~^n||^JJ'll^m > ]y9yfj'{^^y'i'^p) 

+ ( J-yin(;„ + 1)(2;„ + 1) < Kn||yj||-«m >* | | 

[GanGam ~ FanFam\y[^o.sFar < ~/ír||7Vj'll^s ^ ~FasGar < l^r\\TjJ'\\—Ks >]i 

+ < Kn\\Tjj>\\-Km >* < -l^n\\TjAKm >*], 

[Ga^Far < ~^r II^JJ'll^s ^ ~Fa,Ga^ ■< II^JJ'II~^s ^]a: ^ 

fAx,y,mp) ] Y iCÍyCurcLr^n, 
y i,—n -1-1 

(E.42) 
A:=0,±1 

Tio = < jj.mrjs-ms\JM >< jnrrinjm-mmlJM > 
JM 

(-) J dxdyj'^ < Kr||y>||Ks >< «n||>j||Km >* 

{GarFa, + FanGa,)xiGamFan + FamGan)ydxdyíj{x,y,mp) 

_fír [Ga^Fa, ~ FanGas)x{G amFan F FamGan)ydyfj{x,y,m,p) 

-^^^^^{GarFa, + FanGa,)x[GamFan ~ FamGan)ydxfj{x,y,mp) 

+ i'^^-'^^^^;--'^’^HGanFa, - FanGaMGamFan - FamGaJyfji^,y,mp) 

Y idyCtACir^n, (E-43) 
fc=0,±l 

Tii = Y^~y’ < jrmrjs-ms\JM >< jnmnjm-mm\JM > 
JM 

(-) ~^P J dxdyp < /ír||X/||-«s >< «n||>j||-Km >* 
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{GarGa, - FarFa,)x{GamGau ~ Pa,n^an)ydxdyfj{x,y,mp) 

_ax^(^GarGa, + FarFa,)x{Ga^Gar, ~ Ra„,Pan)y9yfj{x,y;mp) 

I -^^^iGa^Ga,-Fa^Fa,UGar,.Ga^+Fa^F,Jyd,fjix,y,mp) 

E «lAítXílpíu, 
k=0,±l 

Ti2 = Y.^-y’'^'i-y”''^"<jrmrjs-m,\JM><jnmnjm-mm\JM> 
JM 

(w) [Vx/j'(^,y;mp) - ^^^y^fj'{x,y,mp) 

{GarGa, < «r||77j/||/Í3 > -Fa^Fa, < -K,r\\Tjj'\\-Ks >)x 

(GamGün < l^n\\Tjj'\\Km >* —Fa^Fa^ < “«n>*)y 

E (c,V‘&)‘cLr‘c,. 
A:=0,±1 

(E.44) 

(E.45) 
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