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Resumo 

A partir da hadrodinâmica quântica, nós procuramos desenvolver uma abordagem relati- 

vística para obter as equações da aproximação da fase aleatória apropriadas para o estudo 

das ressonâncias gigantes iso-escalares. Para isso derivamos a equação de Dyson para o 

propagador de polarização de bárions através da soma de diagramas de anéis, com cada di- 

agrama desses construído com propagadores de bárions obtidos da aproximação de Hartree 

relativística. Nesse tratamento apenas os mésons iso-escalares cr e ui contribuem para es- 

sas ressonâncias, o que nos permite trabalhar no contexto mais simples da hadrodinâmica 

quântica^ a hadrodinâmica quântica / ou modelo au 

Palavras- Chaves -.Ressonâncias Gigantes, Hadrodinâmica Quântica, Aproximação de 

Hartree Relativística, Aproximação da Fase Aleatória Relativística. 

Área de Conhecimento :1.05.04-01-0 
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Abstract 

Starting from quantum hadrodynamics, we develop a relativistic approach to get the 

equations of the random phase approximation appropriate to the study of isoscalar giant 

resonances. We derive Dyson’s equation for the baryon polarization propagator by summing 

the ring diagrams, where each diagram is constructed with the baryon propagator in the 

relativistic Hartree approximation. In this treatment, only the isoscalar mesons cr and üj 

are relevant for those resonances, so that we can work in the simplest context of quantum 

hadrodynamics., namely, quantum hadrodynamics-1or the auj model 

Key Words : Giant Resonances,Quantum Hadrodynamics, Relativistic Hartree Ap- 

proximation, Relativistic Random Phase Approximation. 
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Capítulo 1 

Introdução 

As ressonâncias gigantes são excitações partícula-buraco coletivas que exaurem uma grande 

parte das regras de soma correspondentes. Assim, a teoria microscópica apropriada para 

seu estudo é a aproximação da fase aleatória, que, como se sabe, conserva as regras de soma. 

Existem na literatura vários cálculos para ressonâncias gigantes baseados na aproximação 

da fase aleatória convencional, isto é, levando em conta apenas os graus de liberdade de 

prótons e nêutrons como é usual em cálculos de estrutura nuclear. 

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

damental importância no estudo da estrutura nuclear. As teorias tradicionais não re- 

latívisticas, i.e., teorias que incluem somente graus de liberdade bariônicos, descrevem 

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

dos fenomenologicamente. Apesar dos bons resultados alcançados por essas teorias nós nos 

deparamos ainda com algumas discrepâncias ao compará-los com os dados experimentais. 

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

ativística 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 iso-escalares escalar (cr) e vetorial (w). 

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

acima, os campos dos mésons isovetoriais pseudo-escalar (tt) e vetorial (p). Nesses modelos 

é observado que, para altas densidades bariônicas, os operadores dos campos mesônicos po- 

dem ser substituídos por seus respectivos valores de espera, os quais são, então, vistos como 
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Capítulo 1. Introdução 4 

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 pro- 

priedades da matéria nuclear, mas também propriedades do estado fundamental de núcleos 

finitos. 

Em virtude do sucesso do modelo de Walecka ao descrever as propriedades do estado 

fundamental de sitemas finitos, é natural estendê-lo para o estudo de estados excitados. 

Nesta dissertação discutimos como isso pode ser feito através da aproximação da fase 

aleatória relativística para descrever as ressonâncias gigantes iso-escalares. 

0 corpo desta dissertação está dividido em quatro capítulos. No capítulo 2 nós introdu- 

zimos as ressonâncias gigantes, suas características e propriedades e damos uma motivação 

para sua descrição quantitativa. Todo o desenvolvimento dessa parte é baseado na Ref. 

[1]. Algumas referências mais antigas são citadas aí somente por motivos históricos. No 

capítulo 3 damos uma breve motivação para o estudo da estrutura nuclear através da 

hadrodinâmica quântica baseada na Ref. [2]. Em seguida nós descrevemos essa teoria, 

tanto na sua versão mais simples, a hadrodinâmica quântica-I, como na sua versão mais 

completa, a hadrodinâmica quântica-II. Por último apresentamos a aproximação do campo 

médio, para a versão mais simples, seguindo a Ref. [3] . No capítulo 4, nós introduzimos as 

regras de Feynmanpava a hadrodinâmica quântica-1 e, através de expansões diagramáticas 

do propagador de bárions, derivamos a aproximação de Hartree relativística. Para isso nós 

reproduzimos em detalhe as expressões obtidas nas Refs. [3] e [4]. Na última parte, capítulo 

5, nós derivamos as equações da aproximação da fase aleatória relativística, seguindo as 

Refs. [5] e [6]. Finalizando a dissertação nós apresentamos uma breve conclusão com 

alguns comentários finais. 
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Capítulo 2 

Ressonâncias Gigantes 

2.1 Introdução 

Nosso objetivo neste capítulo é fazer uma breve introdução às ressonâncias gigantes , que 

nada mais são que certos modos coletivos do núcleo atômico. 

Primeiro, nós discutiremos a fenomenologia e as características básicas das ressonâncias 

gigantes seguindo, em parte, a Ref. [!-]■ Em seguida passaremos a fazer um apanhado 

das propriedades das ressonâncias gigantes. Para finalizar o capítulo, nós daremos uma 

motivação para a descrição quantitativa dessas ressonâncias através da aproximação da fase 

aleatória. 

2.2 Características das Ressonâncias Gigantes 

Ao se observar a função de excitação dos núcleos, ao longo de toda tabela periódica, nós 

notamos certos picos largos centrados em energias da ordem de dezenas de MeVs acima do 

estado fundamental. A Fig. 2.1 mostra, como um exemplo típico, a ressonância dipolar 

elétrica do núcleo Esses picos correspondem a certos modos coletivos nucleares que 

recebem a denominação genérica de ” ressonâncias gigantei' (GR), já que suas intensidades 

e larguras são bem maiores do que as dos picos correspondentes a excitações de partícula— 

única. Essas excitações foram observadas pela primeira vez há mais de quarenta anos atrás 

por Baldwin e Klaiber (1947,1948) [7, 8] seguindo as indicações de Bothe e Gentner (1937) 

[9] e predições teóricas de Migdal (1944) [10] . As GR podem ser excitadas por diversos 
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Capítulo 2. Ressonâncias Gigantes 6 

tipos de reações : reações fotonucleares, veja Fig. 2.1, espalhamento ineiástico de elétrons 

e íons leves, e reações de troca de carga com íons leves. 

‘ I - - 1 - - - : - ■ 
8 12 16 20 24 28 32 

fNtM Eitrgy - MtV 

Figura 2.1: Ressonância gigante dipolar elétrica do observada numa reação fotonu- 

clear [11]. 

As GR são caracterizadas pelas seguintes quantidades : 

1) Multipolaridade : 2'^ onde J é o momento angular total transferido ao núcleo no 

processo de excitação . 

2) Momento angular orbital L transferido pela excitação . 

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

A)Isospin T, que é o isospin transferido ao núcleo no processo de excitação . 

b)Seção de choque integrada em energia, também denominada intensidade. 

5o = /. a{E)dE (2.1) 
Jpico 

onde a{E) é a seção de choque para energia transferida E, a ordenada na Fig. 2.1 

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

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

Os modos com 5 = 0 são conhecidos como elétricos e os modos com 5 = 1 como 

magnéticos. Os modos elétricos são bem mais coletivos que os magnéticos. Os modos 



Capítulo 2. Ressonâncias Gigantes 7 

com T = 0 são denominados iso-escalares e os modos com T = 1, isovetoriais. Assim, por 

exemplo, o modo com T = l,5' = 0eL = lé chamado de modo dipolar elétrico isovetorial. 

E essa a ressonância que aparece na Fig. 2.1. 

Existem relações gerais envolvendo valores de espera de certos operadores no estado 

fundamental e seções de choque integradas em energia, denominadas regras de soma. Uma 

das mais importantes dessas relações , e que será bastante útil para o que queremos fazer 

nesta seção , é a regra de soma ponderada na energia (EWSR). A EWSR expressa a energia 

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

5, = - Êo) I I f I 0) p= i(0 I (F, IH, F]] I 0) (2.2) 

onde H é a Hamiltoniana que descreve o sistema nuclear, | i/) seus auto-estados e as 

energias correspondentes. F é o operador de excitação caracterizando o agente e''terno que 

provoca as transições no sistema. 

2.3 Fenomenologia e Sistemática das Ressonâncias Gigantes 

Na seção anterior nós vimos as principais características das GR, agora nós iremos mostrar 

como essas quantidades variam com o número de massa A. As Figs. 2.2 a 2.4 e a Tabela 2.1 

mostram como se dá para as principais ressonâncias iso-escalares, mas esse comportamento 

é típico, valendo também para as isovetoriais. Nós percebemos que as GR têm as seguintes 

propriedades : 

1) Mudam sua forma, largura e centróide de energia suavemente com o número de 

massa A do núcleo. 

2) Exaurem uma grande parte da regra de soma ponderada em energia 

2.4 Teorias Microscópicas para as Ressonâncias Gigantes 

Nas seções anteriores procuramos descrever o fenômeno nuclear conhecido como GR, bem 

como suas propriedades, de um forma bastante concisa. Conhecendo essas propriedades, nós 
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iSOSCALAR MONOPOLE RESONANCE 

Figura 2.2: Regra de soma, largura e energia de excitação para a ressonância monopolar 

elétrica iso-escalar [12]. 

pretendemos, nesta seção , discutir algumas possíveis teorias para a descrição quantitativa 

desse fenômeno. 

Como vimos, as GR são modos altamente coletivos com diversos nucleons se movendo 

juntos. Assim, uma primeira idéia razoável seria descrever as GR através de modelos 

coletivos. Esses modelos são teorias empregadas para descrever o núcleo atômico usando 

apenas poucos graus de liberdade que descrevem os modos coletivos de interesse. Eles são 

construídos através de analogias com a física macroscópica, como é o caso por exemplo, do 

"tradicional” modelo da gota líquida. Nós não pretendemos fazer uma abordagem das GR 

através dessa descrição aqui, mas sim procurar descrevê-las microscopicamente. 

Já que as GR exaurem uma grande parte das regras de soma correspondentes, conhecido 

qualquer modelo para descrevê-las, nós podemos testá-lo através das regras de soma. Em 

1961 Thouless [13] mostrou que a EWSR é satisfeita exatamente se o lado esquerdo de (2.1) 

é calculado com as funções de onda e energias obtidas com a aproximção da fase aleatória 

e o lado direito com o estado fundamental de Hartree-Fock. Conclui-se que a aproximação 

da fase aleatória é um bom modelo para descrever as GR. Com efeito, a aproximação da 

fase aleatória não relativística tem sido bem sucedida na descrição das GR. Ela descreve as 

GR através de graus de liberdade de partícula-buraco. Fazer essa aproximação equivale a 
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ISOSCALAR OUAORUPOLE RESONANCE 

Figura 2.3: Regra de soma, largura e energia de excitação para a ressonância quadrupolar 

elétrica iso-escalar [12]. 

ISOSCALAR OCTUPOLE RESONANCE (3fiu) 

NUCLEAR MASS 

Figura 2.4: Regra de soma, largura e energia de excitax^o para a ressonância octupolar 

elétrica iso-escalar [12]. 
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Energy centroid Width 

(MeV) (MeV) 
Depletion EWSR 

0 0 80 A -1/3 3-4 20- 80% (A<100) 

100% (A>100) 

0 0 64.7 A -1/3 90 A -2/3 40- 80% (A<100) 
80-100% (A>100) 

0 0 180.2 A -1/3 140 A -2/3 20-100% 

Tabela 2.1: Sistemática das principais ressonâncias iso-escalares [1]. 

diagonalizar a hamiltoniana nuclear num espaço modelo de estados de 1 partícula-1 buraco 

, tomando para o estado fundamental o vácuo interangente dessas partículas e buracos, isto 

é, incluindo correlações partícula-buraco no estado fundamental. 

Nos próximos capítulos nós pretendemos derivar as equações da aproximação da fase 

aleatória^ agora num contexto relativístico, partindo da hadrodinâmica quântica. 



Capítulo 3 

Hadrodinâmica Quântica e Teoria do Campo Médio 

3.1 Introdução 

Nesse capítulo nós pretendemos mostrar como é possível estudar um sistema nuclear de 

muitos corpos através de uma teoria quântica de campos relativística, a hadrodinâmica 

quântica (QHD), introduzida por Walecka em 1974 [14]. 

Nós iniciaremos fazendo uma apresentação bastante resumida da QHD, tanto na sua 

versão mais simples, QHD-I, como na sua versão mais completa, QHD-II. Em seguida 

pretendemos introduzir a aproximação do campo médio, que deixa as equações de campo 

da QHD numa forma tratável, e mostrar como resolvê-las no caso mais simples de um 

sistema homogêneo. Adotamos a notação da referência [3] 

3.2 Hadrodinâmica Quântica-I e Hadrodinâmica Quântica-II 

Qualquer teoria de muitos corpos para descrever o núcleo atômico deve levar em conta 

a interação N-N. A partir do trabalho de Yukawa em 1935 [15] estabeleceu-se que uma 

partícula ” sentia” a presença de outra, através da troca de um ou mais quanta de um 

campo. Isso levou à descrição da interação N-N através da troca de mésons. A motivação 

para se adotar esse formalismo está no fato de que, através dele, as principais propriedades 

da interação N-N são reproduzidas diretamente. Dessa forma, parece razoável adotar esse 

modelo da interação N-N ao se desenvolver uma teoria efetiva de muitos corpos para sis- 

temas nucleares. 

11 
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Em 1974 Walecka propôs a QHD [14] para descrever tais sistemas, especificamente a 

matéria nuclear e a matéria de nêutrons. A QHD é uma teoria quântica de campos rela- 

tivísticos que descreve a interação entre os nucleons através da troca de quanta de campos 

mesônicos escolhidos fenomenologicamente. A versão mais simples da QHD, proposta por 

Walecka em 1974 [14], inclui somente dois mésons, o méson escalar <7, responsável pela 

parte atrativa, e o méson vetorial w, responsável pela parte repulsiva da interação N-N. 

Uma versão mais completa, a QHD-II, foi introduzida por Serot em 1979 [16], incluindo 

além dos mesons cr e ío, os mésons p e tt. 

A densidade de lagrangeana para a QHD-I é : 

£U) = - g.Vn - {M - 

= Cq + C'! (3-1) 

com 

Co = - M]V> 

+ \(9,4>d'‘4> - - jF„„F"- + imy.V' (3.2) 

Cl = g.xl^ircf) - (3.3) 

onde ij) descreve o campo bariônico (n,p) de massa M, 0, o campo de um méson fictício 

escalar (cr) de massa m,, e V^, o campo do méson vetorial (w) com massa m^. 0 tensor de 

campo Ffii, é dado por : 

= d^K - (3.4) 

Da densidade de lagrangeana (3.1) nós obtemos as equações para os campos 

através das equações de Euler-Lagrange . 

d dC 

dx>^ d{dqijdxt^) 
(3.5) 
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onde ç, é uma coordenada generalizada que pode ser qualquer um dos campos ij; , <f> e V^. 

Assim nós temos as equações de campo: 

+ ml)(j) = g,xj;xl) (3.6) 

+ mlV'' = (3.7) 

[-f^{id^-gvV^)-{M-g,<f))]il> = 0 (3.8) 

Uma importante característica da lagrangeana (3.1) é que ela conserva a corrente 

bariônica, 

= 0 

e por consequência 

= 0. (3.10) 

A demonstração desse resultado encontra-se no ap>êndice A. 

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

trocada numa interação entre dois nucleons e, como nós podemos ver, ele não ocorre na 

QHD-I. Nós iremos justificar essa escolha na próxima seção , que trata de uma aproximação 

para resolvermos as equações (3.6) a (3.8) 

A densidade.de lagrangeana mais simples para a QHD-II é : 

(3.9) 

(3.11) 
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onde é a densidade de lagrangeana dada em (3.1), representa o campo do méson 

vetorial isovetorial (p), com massa rrip e n o campo do méson-7r pseudo-escalar, isovetorial, 

com massa m.^. 0 tensor de campo é dado por : 

Bpy = dpK - dSpi (3.12) 

—* 
Nessa notação , a seta superior nos campos tt e se refere ao seu caráter trivetorial no 

espaço de isospin. 
O 

Como nesse trabalho nós pretendemos estudar apenas as GR iso-escalares, assumiremos, 

por simplicidade, que o núcleo é descrito através da QHD-I, já que essa engloba os mésons 

iso-escalares. A contribuição adicional vinda dos mésons isovetoriais que aparecem na 

QHD-II deve ser menos importante para essas ressonâncias e será desprezada no que segue. 

Com efeito, na aproximação de Hartree, que utilizaremos aqui, essa contribuição seria nula. 

3.3 Teoria do Campo Médio 

Na seção anterior nós vimos que, no contexto de troca de mésons, um sistema nuclear de 

muitos corpos, pode ser tratado da forma mais simples possível através da QHD-I, dada pela 

densidade de lagrangeana (3.1). Nós podemos ver, analisando-as melhor, que as equações 

para os campos e resultantes dessa teoria, são bastante complicadas, pois se trata 

de equações não lineares, acopladas, envolvendo campos quânticos. Além disso, como as 

teorias quânticas de campos são usualmente resolvidas através de expansões nas constantes 

de acoplamento, esse procedimento fica bastante comprometido, desde que as constantes 

de acoplamento na QHD são grandes. À primeira vista nós podemos concluir que embora 

tenhamos um modelo para tratar um sistema nuclear de muitos corpos, nós não sabemos 

resolvê-lo. 

Em 1974 Walecka [14] propôs a solução para esse problema, ao estudar as propriedades 

de estrelas de nêutrons. Nessa abordagem ele estava interessado em obter as soluções das 

equações (3.6) a (3.8) para um sistema com densidades escalar (V^V”) e bárionica 

uniformes no caso em que essas densidades eram muito grandes. Nesse caso é razoável 
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substituir os campos de mésons por seus correspondentes valores de espera, no estado 

fundamental | ^) : 

Substituir os campos de mésons por seus respectivos valores de espera define a aproximação 

do camplo médio (MFT). 

Podemos nos convencer de que essa aproximação resulta na propagação de fermions 

sujeitos a um campo externo, se substituirmos (3.14) em (3.8), obtendo a seguinte equação 

de Dirac para o campo 0 : 

^ I 0 I ^) = 00 

1/^ -). (^ I 1/^ I ^) = (3.13) 

Na expressão acima nós utilizamos o fato do valor de espera de V, a parte espacial de Vj,, 

anular-se devido à invariância rotacional do sistema. Para um sistema uniforme e estático 

as quantidades 0o e K) na expressão (3.13) independem de e, tomando o valor de espera 

de cada membro das equações (3.6) e (3.7) obtém-se : 

(3.14) 

- gvJ°Vo -{M - 5T,0o)]0 = 0 (3.15) 

ou seja, denotando M* = M — 5^*0o, 

(3.16) 

que, como pode ser visto na referência [3], tem a solução geral 

(3.17) 

sendo 
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eW{k) = g,Vo ± (P + (3,18) 

e U,V os auto-espinores de (3.16) correspondentes a energias positivas e negativas, 

respectivamente. Essas equações descrevem, de fato, a propagagação de uma partícula de 

massa M* sujeita ao campo externo estático Vó 

Por outro lado de (3.14) nós temos que (f>o e Vo estão relacionados com as fontes de 

bárions. Nós podemos ver que Vó é proporcional à densidade de bárions pe = y- Já que a 

corrente bariônica é conservada, equação (3.9), resulta que: 

dt 

e, portanto, o número de bárions 

(3.19) 

B = J d^x(V^V), (3.20) 

assim como a densidade de bárions para um sistema uniforme, é uma constante de movi- 

mento. Então, conhecido o número de bárions ou a densidade bariônica para esse sistema, 

nós imediatamente obtemos Vo- O campo (f)o pode ser determinado, como mostram as 

referências[14] e [3], autoconsistentemente ou através de um argumento termodinâmico. 

Assim nós vemos que um sistema nuclear uniforme e estático, como é o caso da matéria 

nuclear, pode ser resolvido de forma bem simples usando a jMFT. 

Nós podemos estender a MFT para a QHD-I ao estudo de núcleos finitos [4] e [3]. Nós 

veremos isso numa forma mais elaborada no próximo capítulo. Esse procedimento, reproduz 

satisfatoriamente, com um número mínimo de parâmetros, as principais propriedades dos 

seus estados fundamentais 

Para finalizar este capítulo, vamos discutir o fato do méson tt não ocorrer na QHD-I. 

Como ressaltamos, nós pretendemos utilizar a MFT para estudar núcleos finitos. Nessa 

^ Para isso é necessário incluir na descrição , especialmente para os núcleos mais pesados com N ^ Z, 

o campo eletromagnético e o méson p neutro. 
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aproximação devemos, em analogia a (3.13), fazer a substituição 

7T  y I 7? I ’5) (3.21) 

Por outro lado, devido ao caráter pseudo-escalar do píon temos, por conservação da pari- 

dade. 

('5 I if I í) = 0 (3.22) 

e a contribuição do méson tt desaparece na MFT. 



Capítulo 4 

Aproximação de Hartree 

4.1 Introdução 

Como nós vimos no capítulo 3, a dificuldade em resolver as equações (3.6) a (3.8) foi con- 

tornada através da MFT. Por outro lado, existe um formalismo empregado para descrever 

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

de Green [5], que pode ser estendido para o caso relativístico [3]. Nesse formalismo os 

observáveis de interesse do sistema são obtidos de uma quantidade, conhecida como função 

de Green ou propagador das partículas envolvidas no sistema. Além disso, os propagadores 

interagentes podem ser expandidos em termos dos propagadores não interagentes. 

Neste capítulo nós pretendemos estudar a QHD-I através desse formalismo e fazer a 

aproximação de Hartree nessa abordagem. 

4.2 Hadrodinâmica Quântica 

Como a QHD é uma teoria com acoplamentos fortes, nós sabemos que ao expandir os 

propagadores interagentes, os termos de ordem mais baixa não descrevem adequadamente 

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

o n-ésimo termo na expansão dos propagadores interagentes. 

Expansões diagramáticas dos propagadores da teoria, através das regras de Feynman, 

que iremos exibir a seguir, permitem fazer o que mencionamos acima. Para iniciarmos 

a obtenção dessas regras nós iremos antes calcular seus ingredientes básicos, que são os 

18 
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propagadores livres ou não interagentes de bárions G°p{x) e mésons escalar, A°(a:), e 

vetorial Z)®^(x). Essas expressões são definidas abaixo : 

iA°{x'-x) = (^0 I mxO</>(x)] I ^o) 

. f d^l 
(4.1) 

-X) = (^0 I T[xl^a{x')tpf3Íx)] I ^o) 

(4.2) 

,Dl(x'-x) = (»„ I r(V„(x')K,(x)] I «„) 

-7 (2>r)< 
(4.3) 

onde I ^o) denota o estado fundamental não interagente com os estados de nucleons livres 

ocupados até o nivel de Fermi e sem nenhum méson, 4>, e xjja são os operadores de campo 

do méson escalar, vetorial e de bárions na descrição de interação , e T[...] denota o produto 

ordenado no tempo definido abaixo : 

A(ti)B{t2) ,paraíi>f2; 

±B{t2)A{ti) ,para Í2 > tp, 
T[A{h)B{t2)] = (4.4) 

vigorando o sinal + ou — conforme a troca na ordem dos fatores A e B envolva uma 

permutação par ou ímpar, respectivamente, de operadores de campo de férmions. Os 

propagadores livres no espaço dos momentos que ocorrem nas expressões (4.1) a (4.3) são : 

A%k) = 
kl~ m'^ + ie 

Glpik) = il,k>^ + MU 
1 

kl-M^ + ie 

+ 
ITT 

E0{k) 

= ^Fap{k) + G%^p{k) 

í(fc° - E°{k))9{kF- I k I) 

(4.5) 

(4.6) 
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Dt{k) = + 
ml kl~ rnl + *£ 

(4.7) 

com E°{k) = {k'^ + M^)2. Como já dissemos anteriormente, a densidade de lagrangeana 

(3.1) conserva a corrente bariônica. Isso implica que o termo k^k^ no propagador do méson 

vetorial não contribui para qualquer quantidade física de interesse. Por esse motivo esse 

termo será omitido de agora em diante, ou seja, passaremos a usar 

KÁk) = 
kl ml + ie 

(4.8) 

As expressões (4.1)-(4.7) são calculadas detalhadamente no apêndice B. 

Os propagadores interagentes são definidos por relações análogas às expressões (4.1) a 

(4.3). Assim os propagadores, de bárions Gap{x) e mésons escalar A(x) e vetorial D^^{x) 

são: 

ÍGap{x',x) = (^ I T[lj^aH{x')Í^f3H{x)] \ 'í) (4.9) 

iD^^{x\x) = ('f I T[V^h{x')V^h{x)] I í») (4.10) 

iA{x',x) = ('í I T[(l)H{x')(f)H{x)] I ^) (4.11) 

onde, agora, | ^) denota o estado fundamental interagente e o subíndice H indica que os 

operadores de campo estão na descrição de Heisenberg. 

Definidos os propagadores interagentes dessa teoria, nós podemos escrevê-los na des- 

crição da interação através das séries : 

oo /■'jn f 

iGap{x', a:) = J d^^Xi... 
O/i. */ 

x(í'o I T[Cii{xi)... Cij{x„)‘ipc,i{x')rppj{x)] I ^È^o) (4.12) 
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°° ízl” r 
iA(x\x) = ^—j- d‘^xi... d^^Xn 

x(í'o I T[Cij{xi). . .Clj{Xn)(f)l{x')(f)l{x)] I 'ío) (4.13) 

°° fí'1" r 
iD^^{x\x) = ^^ d‘^Xi...d'^Xn 

x('ío I T[Cij{xi)... Cij{xn)Vif,{x')Vi^{x)] I 'ío) (4.14) 

onde £/ denota a densidade de lagrangeana de interação (3.3) entre os campos bariônico e 

de mésons escrita, como todos os operadores de campo nessas equações , na descrição da 

interação , conforme indica o subindice / nesses operadores. As séries acima são obtidas do 

teorema de Gell-Mann e Low, como mostrado no capítulo 3 da Ref. [5]. Através do teorema 

de Wick, veja apêndice B, nós conseguimos por fim, escrever os propagadores interagentes 

como uma série nos propagadores não interagentes definidos em (4.1) a (4.3). Como exemplo 

disso, nós calculamos o termo de segunda ordem na interação para o propagador de bárions, 

obtendo 

- x) = ^ J d'^Xid‘*X2{'^0 I T[Ci{xi)C{x2)i/^a{x')tpf3{x)] I ^o) 

*2 

^ hl ~ -x2){j^,Uiiuhc) 

X ){-i)Gcá^2 - X+)iGlp{x' - x) 

- ^í’)(-*)Gaí(a^' - X2)iGlp{x2 - x) 

+(-)*<^cr(a:2 - ari)(-0G5ç(a:i - a:2)íG^^(a:' - x) 

+(-)*G?.(^2 - xO(-OG?^(^i - :«^)(-0G^í(x' - X2) 

~{-)ÍC^aÁ^' - Xi)ÍC^i^{Xi - X2)iG°^p{x2 ~ x) 

- ^i)iG^0(xi - x)(-í)G^^(x2 - X+)) 

(4.15) 

Os detalhes desse cálculo estão no apêndice B. Nós podemos calcular para cada propagador 

interagente os termos das séries (4.12) a (4.14) ordem a ordem, e, para cada ordem, associar 
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uma representação diagramática. Dessa representação , nós notamos uma sistemática para 

esses termos que permite construí-los através das seguinte regras: 

1) Os propagadores livres A°, e 1)°^, são representados por linhas como mostra a 

Fig. 4.1 

1/ p 

iA^{x' — x) 

- X) 

- -c) 

Figura 4.1; Propagadores livres 

2) Os vértices ig, e são representados na Fig. 4.2 

Ç9s ~^9v~íii 

Figura 4.2: Vértices da QHD-I 

3) Desenhamos todos diagramas topologicamente distintos com duas linhas externas e 

n vértices conectados por linhas internas. Como na Fig. 4.3 

linha externa 

^G%{x' x) = linhas internas + n vértices 

i k 

linha externa 

Figura 4.3: Contribuição de n-ésima ordem para o propagador de bárions 
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4) Nós não incluímos diagramas com partes desconectadas com as linhas externas, como 

representado na Fig. 4.4 

Figura 4.4: Diagramas desconectados 

Somamos sob todos os índices repetidos. 

Cada vértice em (2) é rotulado com uma coordenada x do espaço-tempo. 

Nós integramos sob todas as coordenadas internas do espaço-tempo. 

Inciuimos o fator (-1) para cada ”loop” de férmions. 

Os propagadores de bárions com tempos iguais, são interpretados como : 

5) 

6) 

7) 

8) 

9) 

Glp{xt,xf^). (4.16) 

onde indica um instante infinitesimalmente posterior a t. 

A última regra aparece devido à forma da densidade de lagrangeana de interação da 

QHD-I (3.3), pois ao aplicarmos o teorema de Wick para calcular os termos em cada ordem 

nas séries (4.12) a (4.14), nós nos deparamos com contrações de operadores de campo de 

bárions com tempos iguais escritos na ordem em que aparecem em ou seja, ^(x)^(x). 

Isso pode ser visto claramente na expressão (B.40) do apêndice B. Nós levantamos essa 

indeterminação acrescentando no operador de campo ^(x), na densidade de lagrangeana 

(3.3), um infinitésimo positivo de tempo ry, que no final dos cáculos é tomado no limite 

77 —)• O'*'. Dessa maneira, as contrações acima passam a ser vistas como: 

íp{xytp{xy —x/;{x-^yy{xy (4.17) 

As regras obtidas acima serão bastante úteis na derivação das equações da aproximação 

da fase aleatória que iremos obter adiante. Esses diagramas são conhecidos como diagrams 
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de Feynman, porque a primeira expansão diagramática desse tipo foi desenvolvida por 

Feynman em seus trabalhos sobre eletrodinâmica quântica. 

4.3 Cálculo Aproximado do Propagador Interagente. 

Agora que nós conhecemos as regras de Feynman para a QHD-I, nós podemos aplicar as 

técnicas padrões de expansões perturbativas ao problema nuclear. Como mostrado por [17] e 

[18], pela primeira vez, os diagramas necessários para se derivaremos resultados obtidos pela 

MFT, são os diagramas de ”tadpoles”, veja Fig. 4.5. Por outro lado, no contexto de teoria 

de muitos corpos, a aproximaqâo que consiste em levar em conta apenas as contribuições 

dos diagramas de "tadpoles” denomina-se aproximação de Hartree. Portanto, a MFT é 

equivalente à aproximação de Hartree relativistica. Nesse trabalho manteremos apenas os 

diagramas de ”tadpoles” para o propagador de bárions, ou seja, os dois primeiros da Fig. 

4.5. 

oo 

Figura 4.5: Contribuição de ”tadpoles” de segunda ordem para os propagadores de bárions 

e de mésons 

Se nós calcularmos o propagador interagente de bárion da teoria a partir de (4.12) nós 

obteremos, conforme as regras de Feynman, uma série pertubativa envolvendo os propa- 

gadores livres. Os diagramas de ordem mais baixa são mostrado na Fig. 4.6. 

Usando as regras de Feynmn para a QHD-I nós obtemos a seguinte expressão analítica 

para a contribuição de segunda ordem nos tadp>oles para o propagador de bárions mostrada 

nà, Fig. 4.7 : 
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iG + |--0 ^ 

1) (2) Í3) Í4) (5) 

Figura 4.6: Expansão diagramática do propagador de bárion na QHD-I 

iÕ]^lix,y) = - J d^ziGl^ix - z)iG?^0{z-y){ig,? 

X j d'^z'iA^{z — z')ÍG^g{z' — z'"*") 

- Jd^^ziGl^ix - z)7Í;yíG^,^(z - y){-igvf 

X j d^z'iDl^{z - ~ 

= J d^zGl,{x - z) [g] j dU'AP{z - z')Tr[G^{z' - z'+)]‘ 

xG^^(z -y) + J - 2)7^y gl J d‘^z'Dl^{z - z') 

X Tr[YG°{z' - ^'+)]] G^..giz - y) (4.18) 

o til em iGoj(o:,y) é para lembrar que essa não é a expressão completa do propagador 

Figura 4.7: Contribuição de segunda ordem nos "tadpoles” para o propragador de bárions 

de bárions de segunda ordem, mas sim a parte desse propagador que envolve diagramas 

de ”tadpoles”. Da Fig. 4-6 e da expressão (4.18) nós temos a seguinte equação para o 

propagador de bárions até segunda ordem nos ”tadpoles”, Fig. 4.8, 

G{x,y) = G°{x-y) + G^^\x,y) 

= G°ix-y) + J d^zG^ix - z)S<2)(z)G«(z - y) (4.19) 



Capítulo 4. Aproximação de Hartree 26 

Figura 4.8: Expansão diagramática do propagador de bárions até segunda ordem nos ”tad- 

poles”.A linha cheia denota iG 

com a auto-energia dos nucleons dada nessa ordem por : 

Figura 4.9: Auto-energia do nucleon até segunda ordem nos "tadpoles”. 

SM(z) = Sf(z)-7„Ef'‘(.-) (4.20) 

onde 

S(2)(^) = -igl J d‘^yA°(z - y)Tr[G°{y, y+)] (4.21) 

e 

= igl I d^yD^^‘'{z - y)Tr[^,G^{y, y+)] (4.22) 

são as contribuições dos mésons escalar e vetorial, respectivamente. A aproximação (4.19) 

pode ser "melhorada” somando-se as contribuições da auto-energia para todas as ordens 

com a equação de Dyson [5]. Veja Fig. 4.10. Obtém se 
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O 
1 o 
Í o 

• + inesons \'eronais 

O 

Figura 4.10; Demonstração diagramática da equação de Dyson (4.23). 

G(x,y) = G°(x-y) + Jd^zG^{x-z0^Hz)Giz,y) (4.23) 

Acontece que E^'^^{z) em (4.23) envolve integrais de G°(y,y'*‘) e nós iremos mostrar a 

seguir que essa expressão, dessa forma, diverge. Nos limitaremos ao méson escalar. Se nós 

substituirmos (4.2) e (4.6) em (4.21), obteremos 

v(2) _ — -ig^ J d^^yA^iz - y) j 

-ig] J d^yA^^iz-y) J 

-wl J d^^yA^iz -y) j 

dUTr[CP^[q) + G^n{g)]e'^'^ 

Tr[Yq, + M] 

- (^ + A/2) + le 

-.SÍ j - y) j ^Tr[G°n{q)]e'^°- (4.24) 

A primeira integral no último ramo da equação acima, corresponde á contribuição de G^p. 

A integração em go pode ser feita por resíduos e, devido ao fator de fase e‘^ o contorno 

deve ser fechado por cima. A Fig. 4.11 mostra, então, que contribuirão para esse termo 

todos os estados de antinucleons e apenas eles. 

Este termo corresponde, portanto, à contribuição do vácuo. A integração na variável 

I g I, em (4.24), por sua vez, mostra que o termo diverge pois, para | g |->- oo, o inte- 

grando cresce assintoticamente proporcionalmente a | g |. É o que, em teoria de campos, 

denomina-se divergencia ultravioleta. Uma maneira de eliminar esses infinitos seria incluir 

apenas G?, no cálculo de o que corresponde a ignorar a contribuição do vácuo. Isso 
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O pólos de G^f 

X pólos de G^ 

<S> pólos de e que se cancelam 

Im(qo) 

antinucleons ij = 0 

oooooooo 

= 0 i 

X X X X X X 
nucleons (ocup.) 

0 0 (g) (g) 0 (g) 

fíe(ço) 

iOOO 
nucleons 
(não ocup.) 

Figura 4.11; Estrutura de polos de G^{q) e G^{q) para vários valores de q 

equivale a ordenar normalmente em relação ao vácuo os produtos de operadores de campo 

na densidade de lagrangeana (3.3). Em particular para o termo de acoplamento do méson 

escalar com o nucleon devemos fazer a substituição : 

g,tp{x)ip{x)(f>{x) g,No[ip{x)tp{x)(j){x)] (4.25) 

onde A^o[- • •] denota o produto normal em relação ao vácuo. Ver apêndice B. 

Essa equivalência torna-se evidente, se notarmos que o ”loop” onde aparecem os infini- 

tos origina-se da indeterminação nas contrações de operadores de campo de bárions com 

instantes iguais, discutidas anteriormente. Veja a prescrição (4.16) a (4.17). Com essa 

prescrição nós tínhamos : 

• ^(x)°t/.(x)° = ('Po I E[^(a:+)V’(x)] i ^o) 
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= (^0 I ^ I ^o) + ('ío i ^(x) | ^o) (4.26) 
N I. ^ 

contribuições de bárions contribuições de anti-bárions 

onde denotamos por e a parte de aniquilax;ão e por erj^^a parte de criação 

dos operadores ip e tp e usamos os resultados (B.19) e (B.21) do apêncie B. Fazendo a 

substituição (4.25) passamos a ter a nova prescrição : 

(^0 ! T[N[iP{x)tí{x)]] I \Po) 

('Po I T[{íp''^\x) ^(x+))(0Í+>(x) + 0(”^(x+))| I 'ío) 

(4'o I T[íp^'^\x)xp^'^\x) + yj^'^\x)xp^~\x'^) + íp' (x'^)rp^'^\x) 

+í/>^”^(x+)V’^"^(x+)] I '^o) 

= ('Po I ^(x''')i/j^''’^(x) + -0^ \'x'^)z/>* + *(x) I 'Po) 

= (Í-O I ^~\x+)i^^-^\x) I 'Po) (4.27) 

contribuições de bárions 

mostrando que desaparecem as contribuições de antibárions. 

4.4 Aproximação de Hartree Relativística 

.Apesar de contornamos as divergências que aparecem em E^'^'>{z) substituindo -> G^, 

nós temos que a soma em (4.23) não é auto-consistente, pois S^^l(2), nessa expressão é 

calculada a partir de propagadores não interagentes. A autoconsistência pode ser obtida 

se nós usarmos os propagadores interagentes ao invés dos não interagentes em S^^l(2r). Isso 

pode ser visto diagramaticamente na Fig. 4.13. 

Figura 4.12: Equação de Hartree para o propagadca- de bárions. A linha dupla representa 
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Figura 4.13: Auto-energia na aproximação de Hartree 

bárions dado por : 

y) = G^{x-y) + J d^zG^[x - z)i:^{z)G^{z, y) (4.28) 

onde agora, S^(2) é calculado a partir do propagador de Hartree Fig. 4.13, como 

indicado na Fig. 4.13. A equação 4.28 está mostrada diagramaticamente na Fig. 4.12. 

Agora que nós conhecemos a aproximação de Hartree na abordagem de funções de 

Green, vamos derivar a familiar equação de Hartree para os estados de particula-única. Da 

expressão (4.2), que define o propagador de bárions livres, nós podemos escrever : 

= ('í^O I [í'7a'a^roV’a(a:)]V’^(j/) | ■^q)9{x° - y°) 

-('I'0 I V’/j(y)[í7a'c5r0l/’a(a:)] | í»o)^(y° - X°) 

+ (í^0 I ll^a{x)tpp{y) I ’^o)i-la'ad^oe{x° - y°) 

-{^0 I rpp{y)i>a{x) I ^o)l-fa>adro9{y° - X°) (4.29) 

mas 

droO{x° - y°) = S{x° - y°) (4.30) 

d^oe{y° - x°) =-5{y^ - x°) (4.31) 

logo 

nl'adxoiGlp{x,y) = (^0 I iha'adxoMx)]'^0{y) | <í>o)0{x^ - y°) 

-{^0 I Í^piy)[ha'a9x0'>pa{x)] \ ^o)^(y° ~ X°) 

+ ('í’o I [V’a(x)V’^(y) + l/^0Íy)ÍPc,{x)] I '^o)ha'aS{y° - X°) 

= ('Po I [Íll'aMaix)]'^0{y) I ^0)^(2;° - y°) 

-{^0 i Í’piy)[ha'adxOt/’a{x)] \ ^o)^(y° ~ 2:°) 

+iS„'l3S^*\x - y) (4.32) 
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onde usamos o anticomutador em tempos iguais para o campo bariônico 

Í), '0j(y, 0} = - y) (4.33) 

Por outro lado os operadores diferenciais espaciais não agem nas funções 6 em (4.2), logo 

usando a equação de Dirac 

— M)‘ip{x) = 0 

obtemos : 

(4.34) 

(Í7“3„ - y) = - y) 

Em notação matricial, (4.35) se escreve : 

(4.35) 

(Í7“a„ - M)Cfi(x, y) = íl<l(x -y) (4.36) 

Aplicando esse mesmo operador diferencial de Dirac na equação de Dyson para o propagador 

de Hartree, (4.28), e usando o resultado (4.36), temos : 

(ira, - M)G«(x, y) = -y) + / <í‘zJ«>(x - x)S"(z)G"(z - y) 

= - y) + E^(x)G"(x, y) (4.37) 

ou seja : 

[i^d^ - S^(a:) - M]G^(x, y) = á(‘*>(x - y) (4.38) 

Por outro lado é a aproximação de Hartree para o propagador interagente o que 

permite escrevê-lo na forma : 

iG"{x,y) = I m"{x)i,''(y)] 11«) (4.39) 
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onde: 

I = aproxinicição de Hartree para o estado fundamental interagente (4.40) 

ip^{x) = aproximarão de Hartree para o operador de campo interagente (4.41) 

Um procedimento análogo ao seguido para chegarmos à equação (4.35) permite, então, 

concluir que a equação (4.38) será satisfeita se ^^(x) satisfizer : 

[i^d^ - S^(x) - M]V>"(x) = 0 (4.42) 

Voltando à definição da auto energia, conforme a Fig. 4.13, 

Sf (x) = Sf (x) - T.Sf-lx) (4.43) 

com 

Ef(x) = -igl ] - y)Tr[G«{y,y*)] (4.44) 

e 

sf'(x) = igl j d'yD“'‘-{x - !/)Tr(T„G"(y. y*)] (4.45) 

ÇJqj^q jiog (juGrcmos o Gstâdo | ^ ) represente o estâdo fiindâmentâl de um núcleo 

finitOj esse estâfdo deve ser locs-lizâdo no esps-ço e estâcionârio, isto e, homogeneo no tempo. 

Portanto a expressão iGÍ^^{y,y^) = I (y,l]^") deve depender de 

y mas não de y^. Considerando esse resultado em (4.44) temos para . 

= -ig] J (4.46) 

Pelo simples fato de A° depender apenas da diferença x-y resulta que, Ho dy°A%x -y)é 

independente de x°. Um resultado análogo vale obviamente também para o que permite 

concluir que 
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S^(a:) = é independente de (4.47) 

Introduzindo (4.47) em (4.42) obtém-se a equação de Hartree para o operador de campo: 

- E"(x) - M]rP”{x) = 0 (4.48) 

Essa equação permite separar a variável temporal e procurar soluções de (4.42) na forma : 

(4.49) 
r 

De (4.48) e (4.49) temos : 

[-ía -V + Í3M + /3E^{x)]i>^{x) = errP"{x) (4.50) 

que tem justamente a forma da equação de Dirac para uma partícula de massa M num 

campo externo local, estático, /?S^(x). Isso dá o significado físico da auto-energia na 

aproximação na de Hartree. 

As grandezas são operadores de campo, veja (4.49), portanto entre outras pro- 

priedades, suas componentes anticomutam. Isso sugere, reescrevê-lo na forma : 

V-"(í)„ = W«(f).c" (4.51) 

onde W^lx)a são funções usuais (”c-numbers”) e os coeficientes operadores que anti- 

comutam. Introduzindo (4.51) em (4.48) vemos que as funções W"(f)„ satisfazem : 

[-.a. V + /3M + /?E"(f)]VVf (x) = £.H'«(x) (4.52) 

OU ainda : 

h"(x)Wl'(x) = £rW."(x) (4.53) 
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Figura 4.14: Espectro esquemático da Hamiltoniana relativística de Hartree 

onde o operador diferencial é denominado hamiltoniana de Hartree. 

Temos um problema de autovalores ^ para a hamiltoniana de Hartree que é uma hamil- 

toniana de Dirac num campo externo. Como para qualquer hamiltoniana relativística, o 

seu espectro não vai ser limitado por baixo. Em lugar disso esperamos um espectro como 

indicado esquematicamente na Fig. 4.14. Definimos então as grandezas de partículas e 

antipartículas na forma usual, a saber, 

partículas 

£r 

Wr(x) 

= ^(■'■^(define os estados de partículas) 

= Ur(x) (4.54) 

^Como E"(x) deve ser 

verdauie, de uma sequência 

determinado autoconsistentemente a partir dos próprios W^(x) trata-se, na 

iterativa de problemas de autovalores. 
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€r = —) (define os estados de antiparticulas) 

antipartículas : Wr(i‘) = Vr(x) 

cH 

(4.55) 

A equação de Hartree (4.53) é então reescrita como : 

h^{x)Ur{x) = e\í^^Ur{x) partículas ' (4.56) 

{x)Vr{x) = —£^“^Vr(:r) antipartículas (4.57) 

e a expansão (4.49) do operador de campo de Hartree toma a forma : 

i,^{x) = ^[7/.(x)aí^e--'"’"‘’ + (4.58) 
r 

e as regras de anticomutação para os operadores dão : 

{af,a^} = 0 (4.59) 

= 0 (4.60) 

= 0 (4.61) 

Por outro lado da hermiticidade de h^{x) esperamos as regras de ortonormalidade, 

j (PxU}{x)lir'{x) = Srr> (4.62) 

J d^xVl{x)Vr'{x) = Srr' (4.63) 
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j SxVl{x)Ur.{x) = 0 

e de completeza 

+ V.(x)Vt(f')] = - f') 
r 

E claro que de (4.58) a (4.61) nós temos : 

{V’"(a:),V’?(y)} = 0 

e por consequência : 

Wf'(a:), <*(!/)} =0 

Se acrescentarmos às regras de anticomutação (4.59) a (4.61), as regras : 

{af, a^,^} = Srr> 

e usarmos a relaqão de completeza (4.65), nós obtemos : 

{V."(í, (),<’(?.<)} = í.fl<S<">(x - !?) 

(4.64) 

(4.65) 

(4.66) 

(4.67) 

(4.68) 

(4.69) 

(4.70) 

(4.71) 

mostrando que a aproximaqão de Hartree preserva as regras de anticomutaqão em tempos 

iguais para os operadores de campo, como seria desejável. 
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0 estado fundamental de Hartree | é, agora, definido por 

I = 0, para qualquer r 

I r < F 

I = 0, para r > F (4.72) 

onde F denota o estado ocupado de maior energia (conhecido como nível de Fermi). 

4.5 Eliminação das Antipartículas na Aproximação de Hartree 

Calculando S^(x) na equação (4.44), usando (4.58) e (4.72), obtemos 

= -igl J <t‘y^'‘(x-y)G^{y,y*) 

= -g] j d'yâ.°{x - y){<i‘> \ T\i,«{y)li;”(y*)\ \ í") 

= gl j d'yA”{x - y)(1« \ | í") 

= /d^yA°(x - y)Z('t" I 
rs 

= gl f d'yA°(x - y) i:[ Ür{y)W{y)e"'*'’'e(F - r) 
J j. , , ^ ^ ^ 

contribuição de partículas 

+ Vr{y}Vr(y)e-“'~'”] (4.73) 

contribuição de antipartículas 

Nós podemos ver na equação acima que o número de contribuições dos estados de 

partículas é limitado pelo estado F enquanto o número de contribuições de antipartículas 

é ilimitado. Portanto, da mesma forma que no caso anterior, feito com o propagador 

não-interagente na seção 4.2, aqui também esperamos uma contribuição infinita vinda das 

antiparticulas. 

Nós contornamos esse problema, como anteriormente, ignorando essas contribuições , o 

que equivale, agora, a ordenar normalmente a densidade de lagrangeana (3.1) em relaçao 

ao vácuo de Hartree | 0^), definido por : 
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ür I 0") = ò, I 0") = 0 (4.74) 

Em particular, para a densidade de lagrangeana de interação com o méson escalar devemos 

fazer a substituição : 

->■ g,NQ[xl;{x)íl^{x)(j){x)] (4.75) 

onde N^[- • •] está indicando ordenamento normal em relcição ? | 0^) . Nesse caso, um 

procedimento análogo a (4.27) dá, em lugar de (4.73), 

S?(x) = -ig]jd‘yà.°{x-y)a>l,{y,y) 

= -y] j ‘t'yà!‘(x - y)(9" | \ *") 

= g; /AA°(x-yH»t»| I l'") (4.76) 

contribuição de partículas 

e, dessa maneira, as contribuições de antipartículas são eliminadas. 



Capítulo 5 

Aproximação da Fase Aleatória 

5.1 Introdução 

Até aqui nós vimos que a aproximação da fase aleatória (RPA) é uma boa teoria mi- 

croscópica para descrever as GR, já que ela, assim como as GR, exaure uma grande parte 

das regras de soma. Nós comentamos também que uma abordagem baseada na aproximação 

de Hartree relativistica para a QHD-I, proporciona resultados razoáveis, ao descrever o es- 

tado fundamental de sistemas nucleares. Baseados nessas afirmações , nós pretendemos 

nesse capítulo obter as equações da RPA relativística. 

Nós dividimos o corpo desse capítulo em três seções . Na primeira, nós estudaremos 

como um sistema reage ao ser submetido a uma perturbação externa. Em seguida, nós 

pretendemos derivar a equação de Dyson para o propagador de polarização somando so- 

mente diagramas de anéis. Cada anel nessa aproximação é constituído de propagadores de 

bárions na aproximação de Hartree. Na última seção nós chegaremos às equações da RPA 

relativística, através dos resultados obtidos nas duas primeiras seções . 

5.2 Teoria da Resposta Linear a uma Perturbação Externa 

Nesta seção nós iremos estudar a teoria da resposta linear a uma perturbação externa, 

seguindo a Ref. [5]. 

Nós sabemos que as GR são excitações coletivas que ocorrem num sistema nuclear ao 

ser submetido a determinadas perturbações externas. Dessa forma a teoria de resposta 

39 
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linear torna-se bastante útil na descrição das GR, já que através dela nós podemos definir 

uma quantidade, o propagador de polarização , que contém todas as informações que ne- 

cessitamos do sistema nuclear perturbado. 

Todo o desenvolvimento dessa seção será feito no formalismo hamiltoniano. Embora no 

capítulo 3 nós tenhamos enunciado a QHD-I através da densidade de lagrangeana (3.1), é 

possível obter essa teoria no formalismo hamiltoniano através de técnicas padrões da teoria 

quântica de campos relativística [19]. Desse modo pode-se obter a hamiltoniana H, inde- 

pendente do tempo, que descreve a evolução temporal intrínseca (isto é: sem perturbação 

externa ) do sistema nuclear no contexto da QHD-I. Nós não iremos nos preocupar em 

exibir a expressão explícita de H, já que as equações que iremos derivar são gerais. 

Dada a hamiltoniana intrínseca H, nós temos que o vetor de estado | i/;s{t)), na descrição 

de Schrõdinger, do sistema nuclear não perturbado, satisfaz a equação , 

= (5.1) 

com solução : 

I Mt)) = c-“" I MO)) (5.2) 

Agora, suponha que num instante t = to o sistema que vinha sendo descrito por | ips{i)) 

passe a ser submetido a uma perturbação externa. Então, a hamiltoniana que descreve o 

sistema nuclear perturbado passa a ser H acrescida de uma hamiltoniana externa, depen- 

dente do tempo, 0 novo vetor de estado | í^s(O) satisfaz, para í > Íq, a equação 

? 

= Iff + »“(<)) I Mt)) (5.3) 

onde o índice S indica que a hamiltoniana externa deve ser tomada na descrição de 

Schrõdinger. Se nós escrevermos a solução da equação (5.3) na forma, 

I i,s{t)) = I V>5(0)), (5.4) 

então o operador íl(í) deve satisfazer a condição , 

Çl{t) = 1 para t < Íq (5.5) 
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e obdecer a equação de evolução temporal, para t > to, 

.díl{t) 

dt = mmt) (5.6) 

onde o subíndice H denota que a hamiltoniana externa está, agora, na descrição de Heisen- 

berg, isto é 

(5.7) 

Resolvendo a equação (5.6) com a condição de contorno (5.5), temos para t > to, 

n{t):=l-i [' dt'H^ff^{t') + ... (5.8) 
Jto 

Podemos calcular, agora, o valor de espera no instante t > to de qualquer observável no 

sistema perturbado. Na descrição de Schrõdinger ele é dado por, 

(Os(<)>» = (0s(f) I Os(í) I fe(í)> 

= (V.s(0) I fit(í)e‘"'05(()e-"'íi(f) I V-s(O)) 

= iM0) i [1 + i /' dt'Hfí{t') + .. ,le"*Os(i). 

x[l-z' í dt'H^f!{t') + ...]\rksm 
Jto 

= {^H I Ou{t) I ipn) + 

+ i{tPu\ f dt'[H^j^{t'),OH{t)]\i>H) 
Jto 

-iHt 

(5.9) 

onde nós usamos os resultados | i/’5(0)) —| V^/r)» — Ou{t) e truncamos a 

expansão nos termos lineares em Hff{t'). Se nós tomarmos para | ipn) em (5.9) o estado 

fundamental do sistema nuclear não perturbado | ^), nós definimos a resposta linear para 

o observável O do sistema no instante t, como : 

Rom = {0(t)U - {0{t)) 

= í/’áí'of nííÃmowwii*) 
Jto 

(5.10) 

^Note que: H como subíndice indica a descrição de Heisenberg, enquanto H como superíndice indica a 

aproximação de Hartree. 
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Como nós vimos no capítulo 2, as GR são excitadas por determinados tipos de reações 

nucleares. Suponhamos que o termo de interação correspondente à reação em questão seja 

representado pela seguinte hamiltoniana externa : 

= J (Px'xl^fj{x')rA^H{x')^^''{x') (5.11) 

onde ® ^".4 representam o campo externo que perturba o sistema nuclear, o 

operador de campo dos bárions e uma determinada matriz 4x4, respectivamente^. Então, 

de (5.11) e (5.10) nós temos que a resposta linear para o observável , 

B{x) = tp{x, t), (5.12) 

é, para t > to, 

j (Bx'{^\[A{x'),B{x)]\'^)^^^{x') 

= I [^i/(^')r>iV’//(a:'))0//(^)rBV’H(a;)] I ^) 

x$'^(a:') (5.13) 

Por outro lado, definimos o propagador de polarização como^ ; 

iU[B{x), A{x')] = I T[B{x)A(x')] | ^). (5.14) 

O elemento de matriz que aparece em (5.13) é justamente o propagador de polarização 

retardado : 

zn«[5(a:), A{x')] ^ e{t - \ [B{x), A{x')] \ ^). (5.15) 

A nomenclatura utilizada aqui segue as equações (17.14a) e (17.15) da Ref. [5]. Portanto 

a equação (5.13) fica : 

= / rf*x'n*[B(x),4(i')]$~(x') (5.16) 

^Devido aos graus de liberdade de isospin, Fx pode ser, mais geralmente, o produto direto de uma 

matriz 4 x 4 por uma matriz 2 x 2. As equações a seguir permanecem válidas. 

^Nós iremos de agora em diante omitir o subindice H nos operadores de campo 
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onde fizemos to -> — oo. 

A expressão (5.16) nos mostra que a resposta linear do sistema a uma perturbação ex- 

terna é obtida através de uma integral de convolução no espaço-tempo do propagador de 

polarização retardado vezes o campo externo que perturba o sistema. Disso nós conclmmos 

que toda informação necessária a respeito do sistema perturbado está contida no propa- 

gador de polarização . Portanto, para obter o espectro de excitação do sistema nuclear, 

nós podemos fazê-lo através do propagador de polarização . Com base nesse importante 

resultado nós pretendemos obter as equações da RPA relativística na próxima seção . 

5.3 Equação de Dyson na Aproximação de Anéis. 

Existem vários meios de derivarem-se as equações da RPA. Nessa seção nós pretendemos 

derivá-las através da equação de Dyson para o propagador de polarização definido em (5.14), 

somando uma classe de diagramas conhecidos por diagramas de ”anéis”. Essa aproximação 

é bastante apropriada para o que queremos fazer pois, por meio dela, podemos estudar 

as excitações do sistema nuclear perturbado através das correlações de partícula-buraco 

ligadas à troca dos mésons cr e u na QHD-I. Por simplicidade, nós assumiremos que o 

estado fundamental não correlacionado seja dado pelo estado fundamental na aproximação 

de Hartree (veja a Eq.(4.72)). 

Nós iniciaremos esse estudo, escrevendo a expressão (5.14) para o propagador de po- 

larização na descrição da interação , com a interação dada por £/ na expressão (3.3). Em 

seguida nós substituimos o estado fundamental não correlacionado | 'Íq) pelo estado fun- 

damental de Hartree | os operadores de campo ^/(a:) na descrição de interação por 

operadores de Hartree xp^(x) e fazemos o ordenamento normal na densidade de lagrangeana 

Cl em relação ao estado fundamental de Hartree, como feito nas Refs. [20, 6, 21]. E impor- 

tante observar que no capítulo 4 nós fizemos o ordenamento normal em relação ao vácuo 

de Hartree e agora nós o fazemos em relação ao estado fundamental de Hartree. Isso é feito 

para evitar dupla contagem dos diagramas de "tadpoles”, isto é, para excluir diagramas 

como os da Fig. 5.1. Portanto nós temos : 
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Figura 5.1: Exemplos de diagramas que não devem ser incluídos na expansão do propagador 

de polarizaqão . 

in[/l(x),5(y)] = I T[A{x),B{y)] | ^>) 

= ('Fo I T[SiAr{x)Bj{y)] \ ^o)co. 

~ I T[S^A^{x)B^{y)] I (5.17) 

o subíndice con. na expressão (5.17) denota que todos os diagramas desconectados são 

eliminados nessa expansão. 0 operador da matriz 5 é dado na aproximação de Hartree por 

2 

S^= TexpiiÇa í d^xN^[^^{x)r^rP^{x)V,{x)]) 
a = -l 

(5.18) 

com a = — 1,..., 3 e 

9s 
9a ,F“ = 

-9v 
,K = 

K 
para < 

a = —1 

a = /i = 0, .,3 
(5.19) 

Foi introduzida aí uma notação compacta para a densidade de lagrangeana de interação da 

QHD-I, dada na Eq. (3.3), a saber, 

_ 3 

Cl = g,xftk<í>- 9vtpl^‘4’y^ = XI í^aV’F“V’K 
a=—1 

(5.20) 
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No apêndice C nós calculamos os três primeiros termos da série (5.17) e, através das 

regras de Feynman (capítulo 4) para a QHD-I, nós escrevemos esses termos na forma de 

diagramas. Os diagramas obtidos são mostrado na Fig. 5.2 

Figura 5.2: Expansão diagramática do propagador de polarização 

Como nós podemos ver na Fig. 5.2 a expansão para o propagador de polarização 

contém alguns diagramas com a estrutura mostrada na Fig. 5.3, que nós chamaremos 

de diagramas disjuntos. Esse gráficos são independentes de xo — j/o e, portanto, suas 

transformadas de Fourier nessa variável são nulas para frequências diferentes de zero . Desde 

que nós queremos estudar as excitações do sistema nuclear, nós só estamos interessados nas 

frequências não nulas e podemos omitir esses gráficos. Enfim, se nós desprezarmos os 

diagramas disjuntos em II e denotarmos o resultado obtido por ü, nós teremos o resultado 

mostrado na Fig. 5.4 

Nós chamamos de diagramas de anéis aqueles com a estrutura mostrada na Fig. 5.5. 

A RPA, consiste em reter somente os diagramas de anéis na expansão diagramática de 
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Figura 5.3: Estrutura geral dos diagramas disjuntos que ocorrem na expansão do propa- 

gador n 

n, como mostra a Fig. 5.6. Essa figura nos permite escrever imediatamente a seguinte 

expressão analítica para a equação de Dyson para H : 

^ ^RPA , , 
í n [/i(x),5(y)] ~ ín 5(y)] = ^ n [.4(ar), 5(y)] 

J d^Xid^X2 I n [^(a:), l(xi)]íA°(xi - X2)z II [1(2:2), 5(y)] 

-9I J d^^id‘^X2i n [A{x)ríA^i)]iD°>^^{xi - X2)i [lÁ^2),B{y)\, 

(5.21) 

ou seja 

[A{x),B{y]] = iU [A(x),5(y)j- ^ g^Çb í d'^Xid‘^X2 
_ L— 1 a,6= —1 

„ . ^RPA 
XI 11 [^(x), F,(xi)]ÍE>°“'’(xi - X2)i n [Ffc(x2), S(y)] 

(5.22) 

n é o propagador de polarização de Hartree, que corresponde ao primeiro termo na Fig. 

5.4 e é dado analiticamente por 

i n" (/1(x),b(!/)1 = I r[A"(i)B«(j,)j I (5.23) 
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H— • + méson vetorial 

Figura 5.4: Expansão diagramática do propagador de polarização sem os diagramas dis- 

juntos 

onde o índice A no elemento de matriz indica que somente diagramas de anéis devem ser 

incluídos na sua expansão diagramatica. X2) é a matriz 5x5: 

- X2) 
A°(xi — X2) 0 

0 — X2) 
(5.24) 

Devido à simplificação (4.8), essa matriz é, na verdade, diagonal. Usamos, ainda, a seguinte 

notação ; 

l(xi) = V’^(xi)V’^(xi), 

7^(xi) =^"(xi)7mV’^(x) 
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e 

ra(a:i) = ip^{xi)rarp^ixi) 

com a = —1, • • •, 3. 

5.4 Equações da RPA Relativística. 

Para obtermos as equações da RPA na sua forma usual precisamos fazer, na equação de 

Dyson (5.22), uma transformada de Fourier na variável temporal. Para isso comecemos 

analisando o propagador de polarização de Hartree, definido em (5.23). Se introduzirmos 

as expansões (4.58) para os operadores de campo vamos obter 

pqtu 

X Pa 

^/p(x)af+ Vp(f)6fe-'^"'-° 

W,(x)af + V,(x)6f 

X 

í») 

= ^ I r[af(x")af(x'>)af'(!/”)af(/)] | <l«l 
pqtu 

X Uti^VBUuifl 
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+ I r[a"'(i")af (i“)6«(!,”)6"'(y‘')] | 'P">^V,(í)rsV.(í) 

+ í7,(i)rjV,(£)(«''' I r(of (i")í.f’(x“)6''(!/“)o"(!,'’)] I 

+ V,(í)r^M,(í)('P'' I Tíb«{x°)a^(x°)af{y’‘)b;'{y<‘)] | >P")^Z7,(!;)rBV„(y) 

+ Vp(í)rjV,(xMí" I T[6j'(x»)6f(x”)of'(/)»«(!,»)] I 'S‘‘)M{y)rBU^{y) 

+ Vp(x)rxV,(í)<4.« I r(6j'(x»)6f’(i”)i'f(!/°)í>?'(!/“)l I 

X V,(y)rBV.(y)} (5.25) 

Algumas das contribuições acima envolvendo estados de antiparticulas irão dar resul- 

tados infinitos [6, 20, 21]. É possível tratar esses infinitos adicionando contratermos à 

densidade de lagrangeana (3.1) e adotando um procedimento de renormalização [3]. Esse 

caminho, no entanto, é bastante complicado especialmente para sistemas finitos e não será 

seguido aqui. É necessário, então, uma prescrição para eliminar os termos problemáticos. 

Nas Ref. [6, 20, 21] isso é feito notando inicialmente que ü se escreve em termos de 

produtos da forma (Ver Eq. C.21). Dividindo-se G^ numa parte de vácuo e numa 

parte dependente da densidade, analogamente ao que fizemos para o propagador livre em 

(4.6), isto é, escrevendo G^ = Gp + G^, verifica-se que os infinitos originam-se das parce- 

las da forma GpGp [6, 20, 21]. Os autores dessas referências adotam, então, a prescrição 

de eliminar apenas essas parcelas escrevendo G^G^ ~ GqGq -j- GpG^ -f G^Gp. Nós 

adotaremos aqui a prescrição mais simples de omitir completamente a contribuição dos 

estados de antipartículas no cálculo dos propagadores de polarização , o que corresponde a 

adotar o ponto de vista usual da MFT. 

Dessa forma escrevemos, em lugar de (4.58), 

tP^Íx) ~ (5.26) 
r 

e o cáculo feito em (5.25) leva, agora, simplesmente a 

i [A(x),.B(y)] ~ 1 T[af^(x")af(x°)a"^(y°)a^(y°)] ] 
pqtu 

xZ7<(y)rfíiYu(y) (5.27) 

ContinuEtncio nessa linha, expandimos o operador de campo na aproximação da fase aleatória 
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numa forma análoga a (5.26), a saber, 

(5.28) 
r 

resultando para o propagador de polarização na RPA 

= 5]í7p(f)r^M,(f){í I r[at(i'>)o,(i»)a;(!/“)a.(»")] | «») 
pqtu 

■ (5.29) 

No último ramo dessa equação , assim como passaremos a fazer nas subsequentes, deixare- 

mos de escrever os superíndices RPA para simplificar a notação . 

Introduzindo (5.27) e (5.29) e expressões similares a essas na equação (5.22), obtemos 

H[^p(^)rA^?(^)]{(’í'I^K(^o)a<,(xo)aí(j/o)an(yo)]|^) 
pqtu 

- (í" I T[al"{zo)a^(xa)al"(yo)a^{yo)] | 

+ í: S.91. f E [«.(í')r-M.(x')i[w„(í')rU(!/')l 
a,6=-l pamn 

X I T[a^^{xo)af{xo)a^\x'o)a^{x'o)] | 'í>^)AÍD°t,{x' - y') 

X I r[am(yó)«n(yó)4(yo)au(yo)] I = 0 (5.30) 

É fácil verificar que se fizéssemos, no desenvolvimento da seção anterior, as substituições 

A{x) —>• A{x,x") = ip{x)TaÍ^{x") com x^ = x"^ 

B{y) —)■ B{y,y") = ^{y)VBW) com y° = y"° 

obteríamos uma equação idêntica a (5.22), exceto pelas substituições acima. A partir dela, 

teríamos obtidos aqui, em lugar de (5.30), uma equação análoga exceto pelas substituições 

Ü,{x)TaU,{x) -^Üp{x)TaU,{^') 

Üí{x)TbU^{x) -^Üt{x)VBU^{S") 
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n[,4, D]hfa 

Figura 5.6: Expansão em diagramas de anéis e equação de Dyson para n 

Analisando essa última equação e levando em conta que ela vale identicamente em x, 

x", y e e que as matrizes e Fg podem ser escolhidas arbitrariamente, concluimos, 

com a ajuda das relações de ortogonalidade (4.62), que 

n,p;í„ (a:o,yo) + 9a9b d‘^x'd'*y' 
a,6=-l 

E n"r, (x„,xy(M.(x')r“%(f')|D;,(x' - /) 
psmn 
_ ^ ^RPA 
[U,r^{ií)r'’U„{y')] (y^,yo) (5.31) 

onde nós introduzimos as expressões: 

i n,p;t„ (a:o,yo) = (^|T[a{(a:o)a,(xo)4(yo)a„(yo)]|’I’) (5.32) 

í n^;íu (2^0, yo) = (^"|7’[a?^(2:o)af(xo)af^(yo)af(yo)]|'í'") (5.33) 

^RPA ^RPA 
No apêndice C nós demonstramos as propriedades n (a:o,J/o) =11 (xo - yo) e 

^RPA 
id.qp.fu, (^OiJ/o) 

X 

X 
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n (a:o, Vo) =n (xo — J/o), o que permite introduzir as transformadas de Fourier 

^RPA , r ^RPA . , 
{xo - yo) = (27t) J duj n,p;í„ {w)e 

-yo) (5.34) 

íil,. (lo - y„) = (2>r)-‘ j du, n".,„ 

Da mesma forma podemos escrever 

-y) = (2>r)-‘ / - ,T 

Substituindo essas expressões em (5.31) temos: 

ngp;tu (^) n^pjtu d" / ^ n^p;r5 (^) 
rsmn 

^RPA 
X Krs-,nm{<-^) n„m;ut (^) 

onde introduzimos o kernel da RPA. 

Kr.;U^) = E ^a^6/dVAWr(í')TO,(f')]D°,(f'-^,U;) 
o,6=-l 

x[Í7„.(y^)rU(y^)] 

A demonstraqão desse resultado e feita no apêndice C. 

A equação (5.37) pode ser escrita na forma matricial: 

^RPA ^RPA 
n {w)=u (o;)+n {uj)K{uj)U (uj) 

(5.35) 

(5.36) 

(5.37) 

(5.38) 

(5.39) 

^RPA ^ 
Multiplicando essa equação à direita por [fl (t^)] ‘ e à esquerda por [fl (í*^)]■■^ obtemos 

(w)] ^ = [n (w)] ^ - K{üj) (5.40) 

^RPA 
Conforme mostramos no Apêndice C, II (w) tem a seguinte representação de Lehmann: 

I ata, I I aía„ | • ! \ ■ V~' 
* n,p;t„ (w) = * E W — Wn + ir] 

I aUu I ^n)(^« I aja, \ 

W + Wn ~ ip 
(5.41) 
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onde nos limitamos ao caso u ^ 0. Note que o conjunto completo de estados {| ^n)} é 

constituído de auto-estados do problema exato^. 

Da representação de Lehmann (5.41) vemos que terá polos em u = ±o;„, 

onde Un são as energias de excitacão exatas de cada um dos estados | que podem ser 

atingidos a partir do estado fundamental exato | pelas excitações (+) partícula -buraco 

(qp~^) e ou pelas desexcitações ( —) correspondentes;isto é, tais que os numeradores 

em (5.41) sejam não-nulos.Para w real e próximo a um desses polos, nós temos que o 

único termo que prevalece na soma é: 

^RPA (^1 ata, I ^„)(^„ I aja„ | 

•(^|atg, |^„)(^„|atgp|^)1* 

ÜJ -Lün 

= (nf„f,í(w))* (5.42) 

^RPA , . . , , . 
Portanto H (w) é hermitiano para u real e proximo de um dado polo. Assim, nessa 

vizinhança, n pode ser diagonalizado através da transformação unitária: 

, ^RPA 
t^nMn (a.)]:/, =n„ (o.) 

'-'D 
onde n„ (w) é uma matriz diagonal.Tomando a inversa dessa equação obtemos 

, ^RPA , 
U-^[U H]-^Un = [n„ (o;)]-‘ 

ou seja, 

^RPA , 
[n (c^)]-'?7n = C/n[n„ (o;)]-' (5.45) 

Acontece que alguns elementos na diagonal de n„ (uj) deverão ter polos justamente na 

energia de excitação exata oj = u)n- Os elementos correspondentes na diagonal de (n„ )~^ 

^Aqui a palavra”exato” deve ser entendida no contexto de RPA, isto é, trata-se de estados que incluem as 

correlações de partícula-bur^lco em contraposição aos estados na aproximação de Hartree. Veja comentário 

abaixo da Eiq. (5.29). 

(5.43) 

(5.44) 

(^ I g^g, I ^n)(^n I aUu \ 

'(^ I gtat I ^n)(^n I a\ap \ ^)' 
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serão nulos nesse ponto. Nós podemos então encontrar essa energia resolvendo a equação 

de autovalores: 

^ ^RPA 
ü[n (í^)],p;í«C'í« = 0 (5.46) 
tu 

onde Ctu é um vetor-coluna de Un correspondente a um dos elementos nulos na diagonal 

de para u = u>n. 

Generalizando esse argumento para cada um dos polos ±Wn, conclmmos que podemos 

achá-los e, portanto, as energias de excitações do sistema nuclear, encontrando os valores 

de üj para os quais(5.46)tem solução . 

Substituindo a equação (5.40) em (5.46), temos a equação de ”autovalores” 

= 0 (5.47) 
tu 

que determina as energias de excitação u do nosso sistema nuclear perturbado. Conforme 

mostra a Eq. C.27, 

Então : 

n,p;tu (^)] S„tS, qt<Jpu 
0{t-F)e{F-u) 

^ - ^íu + ir} 

e{F-t)6{u- F) 

ui +Uut- irj 

[n^;í« (^)]^ - F)e{F - u){u - Utu) 

-9{F - t)d{u - F){ijj -h Uut)] 

com U)tu = ojt — u>u- Se nós substituirmos (5.49) em (5.47) nós obteremos; 

(5.48) 

(5.49) 

5Z[<^,<<^pu[^(í - F)e{F - u){u; - a;<„) 

-0{F - t)9{u - F){u -f u;„t)] - Kgp.tu]Ctn = 0 (5.50) 

que pode ser escrita como: 
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Yí “ <^tu)Ctu 
t>F u<F 

Y Y +<^ut)Ctu 
t<F u^F 

^qp;iuC'tu 
tu 

= 0 (5.51) 

Da equação (5.48) é fácil ver que os elementos da matriz n,p,í„ são nulos a menos que 

q,t > F e p,u < F 

ou 

(5.52) 

q,t < F e p,u > F (5.53) 

Analisando-se a Eq.(5.37), vê-se imediatamente que os elementos da matriz são 

nulos a menos que ou q>Fep<F ouç<F e p > F. Esse resultado, juntamente 

com (5.52) e (5.53), permite, então, concluir que só contribuem em (5.37) os elementos da 

matriz Kgp^tu(<^) com os índices satisfazendo, independentemente, as sequintes condições : 

q>Fep<F ou q<Fep>F (5.54) 

e 

t>Feu<F ou t<Feu>F (5.55) 

Obviamente as mesmas retrições acima vigoram para os índices da matriz Kgp^tu{uj) 

aparecendo em (5.51). Podemos, então, reescrever essa equação separando as duas possi- 

bilidades, na forma equivalente 

Y Y ~ <^iu)Ctu 
t>F u<F 

E E 
t>F u<F 

E E 
t<F u>F 

0 para q > F e p < F 

— Y/Y +(^ut)Ctu ~YiY 
t<Fu>F t>Fu<F 

~YY ^9p:<«^í“ = 0 para q < F e p > F 
t<Fu>F 

(5.56) 

(5.57) 
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Finalmente, se adotarmos a notação , 

p,p'> F ; h,h'< F (5.58) 

obtemos 

(uí ^ph)Cph ^ '^\Kph,p'h'{.^^Cp'h' “1“ í^ph,h'p'{}^^Ch'p'\ — 0 (5.59) 
p'h' 

(w F ^ph^Cph, 'y '^\í^ph,p'h'ÍM^')Cp'h' "b Kph,h’p'{F')^h'p'\ — 0 " (5.60) 
p'h' 

que são as equações da RPA relativística. 

Demonstramos no Apêndice D a seguinte propriedade no Kernel da RPA. 

KrsMH* = K,r,ut{>^) (5.61) 

para a faixa de frequências u de interesse no estudo das ressonâncias iso-escalares. Com 

base nela e introduzindo as amplitudes e sub-matrizes 

XpK = Cph (5.62) 

YpK = Chp (5.63) 

(íx^) —^ph^pp'^hh' F Kph^p!h'(5.64) 

Fph,p'h'{}X) — Ap/i,/i'p'(^) (5.65) 

podemos escrever as equações da RPA na forma matricial 

A(u) B(u) 1 r a: 1 \ X 
= UJ (5.66) 

B*{u}) A*(t^) Y -Y 

Essa forma é bem conhecida do estudo de RPA não relativística, exceto pelo fato de, agora, 

as submatrizes A e B dependerem da frequência u. Isso é um reflexo da inclusão dos efitos 

de retardamento na interação N-N no tratamento relativístico. 



Capítulo 6 

Conclusão 

Nós vimos nesta dissertação como as equações da RPA podem ser obtidas numa abordagem 

relativística baseada na QHD-I. Esse tipo de abordagem já foi aplicado por alguns autores 

para o cálculo de propriedades de ressonâncias gigantes iso-escalares em núcleos leves e 

intermediários, com relativo sucesso [6, 21]. Nosso objetivo aqui foi exibir em detalhe o 

procedimento para a obtenção teórica das equações , tanto as da aproximação de Hartree 

relativística, como aquelas da RPA, usando para isso o método de funções de Green e de 

expansões diagramáticas. 

Da teoria da resposta linear nós vimos que é possível calcular os efeitos de uma ex- 

citação externa sobre os observáveis de interesse do sistema nuclear perturbado através 

do propagador de polarização . Consistentemente com a aproximação de Hartree, nós ob- 

tivemos a equação de Dyson para esse propagador omitindo as contribuições de troca nos 

vértices da interação e nos restrigindo à aproximação de anéis. Com a equação de Dyson e 

a representação de Lehmann do propagador de polarização nós conseguimos, enfim, obter 

as equações da RPA relativística. Apesar da QHD-I ser uma teoria renormalizável, nós 

contornamos o problema dos infinitos que ocorrem no cálculo do propagador de bárions or- 

denando a densidade de lagrangeana da teoria em relação ao vácuo de Hartree.Quanto aos 

infinitos que ocoreem para o propagador de polarização , nós omitimos completamente as 

contribuições do vácuo, eliminando do cálculo os estados de antipartículas. Essa prescrição 

, tendo a vantagem de ser mais simples, difere daquela usualmente adotada, que procura 

levar em conta parcialmente os efeitos do vácuo [6, 20, 21]. 

Nesta dissertação escolhemos o modelo de QHD mais simples possivel para a descrição de 
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ressonâncias iso-escalares. Para modos isovetoriais, seria necessária, pelo menos, a inclusão 

dos mesons tt e p, o que exigiria levar em conta os termos de troca através da aproximaqão de 

Hartree-Fock para o estado fundamental. Mesmo no contexto da aproximação de Hartree, 

no entanto, seria necessário incluir o méson p° e a interação eletromagnética para dar 

conta do excesso de nêutrons nos núcleos intermediários e pesados. Não seria difícil fazer 

a extensão necessária das equações obtidas aqui. 

0 tipo de tratamento desenvolvido aqui tem um alto grau de autoconsistência, pois 

tanto as propriedades do estado fundamental como as excitações são descritos a partir da 

mesma lagrangeana. 



Apêndices 



Apêndice A 

Conservação da Corrente Bariônica 

Dada a densidade de lagrangeana (3.1) nós podemos obter as equações para i/> e í/> das 

equações de Euler-Lagrange 

- g^Vf,) - (M - = 0 (A.l) 

dn -\-gvy^i) + (M - gs4>)\ = 0 (A.2) 

Se nós multiplicarmos o lado esquerdo de de (A.l) por xp e o direito de (A.2) por xp e 

somarmos as expressões obtidas nós temos 

dn +i{d^xp)'-/^xp = 0 

d^,{xpYxp) - 0 (A.3) 

que expressa justamente a conservação da corrente bariônica xp^^^xp. Por outro lado, apli- 

cando o operador d„ à equação (3.7), 

d^d^F'^'' -I- mlduV'' = gyd(xpjxp) = 0 (A.4) 

e da anti-simetria de resulta que : 

d,d^F>^'' = + d^d^Fn 

= + d^d.F''^^) 

= - d,d,Fn 

= \{dud^F>^‘' - d^d^F^'') = 0 (A.5) 
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Substituindo (A.5) em (A.4) nós obtemos o resultado esperado 

d,V' = 0 (A.6) 



Apêndice B 

Teorema de Wick, Propagadores Livres e 

Propagadores Interagentes 

B.l Teorema de Wick 

Antes de nós enunciarmos o teorema de Wick, vamos introduzir algumas definições impor- 

tantes : 

1. Ordenamento Normal: Essa expressão indica um tipo particular de ordenamento de 

um produto de operadores de campo. Nele todos os operadores de campo de aniquilação 

são colocados à esquerda dos operadores de criação , incluindo um fator —1 para cada troca 

de operadores de férmions : 

N{ABCD...) = {-lfN{CADB...) (B.l) 

2. Contrações : A contração entre dois, operadores A, B, é definida como a diferença 

entre o produto ordenado no tempo e o produto normal desses operadores 

A°B° = T{AB) - N{AB). (B.2) 

Note que, podemos definir os operadores de criação e de aniquilação e, portanto, o orde- 

namento normal em relação a diversos estados. Se nós o definirmos em relação ao estado 

fundamental não-interagente | 'Íq) e calcularmos o valor de espera nesse estado da contração 

do produto de operadores de campo e bárions '<Paix)‘4’p{y)^ temos : 

(^0 I I = (^0 I T[xl^a{x)rpp{y)] ~ N[rpc,{x)'^p{y)] I ^o) 
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= (^0 I T[ipa{x)ti)p{y) I 'fo) 

= (B.3) 

Agora que nós sabemos fazer o ordenamento normal de um produto de operadores e con- 

trações de pares de operadores nós podemos enunciar o teorema de Wick. 0 teorema de 

Wick afirma que o ordenamento temporal de um produto de operadores de campo de criação 

e aniquilação ABCD... pode ser expresso como uma soma desses operadores arranjados 

em ordem normal para todos os possíveis conjuntos de contrações . 

T{ABCD...EFG) = N{ABCD... EFG) A N{A°B°C D... EFG) 

AN{A°BC°D ... EFG) + ... + N{A°B°°C°°°... E°F°°G°°°) 

= N{ABCD...EFG) 

-(-A^(Soma sob todos os possíveis conjuntos de contrcições ) 

(B.4) 

B.2 Propagadores Livres 

Aqui nós pretendemos calcular os propagadores livres de bárions, G^p, e mésons escalar, 

A°(x), e vetorial, definidos na seção 4.2. Vamos iniciar calculando o propagador 

do méson escalar. Podemos escrever a solução geral de sua equação de movimento livre 

+ m])(j> = 0 (B.5) 

como 

<i)(x) = 4= E + dU^^) 

onde 

— ^k,k' 

k'\ = [4’ 4'í = ® 

(B.6) 

(B.7) 

(B.8) 

(B.9) üjj^ = ko = {P + m])2 
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e dj^ I $o) = 0 para todo k. Então, de acordo com a definição (4.1), temos 

iA%x' -x) = ('ío I I - x°) + ('fo I <f>{x)cl>{x') I - x^') 

= f(x' I x)9{x°' — + f(x I x')6{x^ — (B.IO) 

onde 

k) = -1E ,, ^ ,.(1'o I | 4„) 
V .y (4UJO.J,). 

= -T7 E zr^—7<'P» I 44 I 

= — OT/ ^ , 
Jk(x-x') 

2V ^ (o,j) 
(B.ll) 

Levando-se esse resultado em (B.IO), obtem-se 

iA°(x'-x) = E^^[^(a;0'_3.0)g.Mx-x') + ^(3.o_3.o'^g.fc(x'-x)| 
2^ 

Mas 

fÇ-/ 

(Pk 

(27t)3 
(B.13) 

— x°') = ^ J 
dp ) 

27t /i -(- ie 
(B.14) 

logo : 

iA°(x' — x) 
1 r cPk 1 . r 

^ 2J (27t)3^ J 

i f cPk 1 f dp 

2J (27t)3 (u^) J 2^ 

i f <Pk dk'Q r 1 

. r dp . r dp 

J 2tt p + ie J 2tt p + is 

f dp e-*(^+í‘)(x“-xO')g-ifc(í-í') g»(fco+A‘)(x®^-x°)g-ifc(í'-£) 

J 2tz u + ie u + ie 

1 r <Pk dk'Q I 1 1 

2 J (27t)^ Wjf [ko — ko + ie —A:ó — ko + ie_ 

. f d^^k' 1 \ 2ko 1 . f d‘^k 

y (27t (27t)^ 2/co A;^' — fc2 _ 77^2 _|_ ^'g/ 

= 7 í 
J (27t)‘‘ ^ ^ 

(B.15) 
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Portanto de (B.15) nós vemos que : 

iA»(x' - x) = ij 

com 

A°(fc) 
1 

— ml + e 

Vamos calcular agora o propagador de bárions livre, partindo de 

— M)il) = 0 

Então 

YÁHs^Ák, + hÍv^(k, 
ks 

onde : 

~ ^kk' 

{kshs>) = {b\Aj = ^ 

e o estado fundamental não interagente | 0o) é definido por 

(B.16) 

(B.17) 

(B.18) 

(B.19) 

(B.20) 

^ks I ^o) ~ qualquer k 
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^ka I ^o) ~ \k\>kF 

Além disso os espinores livres satisfazem as relações 

{•y^k^ + M)c(} 

2£0(A:) 

~ ^)c0 
2E°{k) 

Y^Ua{k,s)uf}{k,s) = 
3 

’^Va{k,s)vp{k,s) 

E^{k) = {P + M^)l/2 

Então 

(B.21) 

(B.22) 

(B.23) 

~x) = {ij}Q I T[^a{x')<Üp{x)] I ^o) = {í*(a;ó - a:o)(’I'o | \ ^o) 
kk*ss* 

-e{xo - xó)(^o I il)0{x)xl)a{x') I 'ío)} 

kk ss‘ 

ya\üp{k, + h,vp{k, s)e-’''" %) 

—ikx -9{xo - xó)(’5o I a^j^up(k, s)e’*® + bj;^vp{k, s)e 

= 7 E {^(4 - ^o)Sj;,>S,a'e{\ k I -kF)u^{k',s')üp{k,s)e-'^'-'+'>^^ 
kk 83* 

-0{xo - x'o) [Sj;j;,S„,e(kF- I k |)n^(fc,s)u„(fc',s')e’""-'='"' 

+ Sj;i;A,.V0Ík, s)v„{k\ 

J_ 

V 

X 

ç |«(x; - x„)«(| k I - «(x„ - 4) 



Apêndice B. Teorema de Wick, Propagadores Livres e Propagadores Interagentes 67 

onde 

- /_ 
J (2n 

(Pk + dw |-e--K-^o) 

(27t)3 2E^{k) 

r°° dív It 

J—oo 2tt u + ie 
k I -kp) 

gia,(x'-ro) 

(jj + ie 
ik(x^--x 

.]-/ 

(Pk + M)ag . 

(27t)3 2E^{k) * 

X 
/ 

°° cL;e‘“(^ó-í^o) 

oo 27t (u; + le) 
x) 

. / d^k 

V 

d^k 1 

(27r)4 2£0(fc) 

g(fcF- I k I) 

fco — E^{k) + ie 

1 

(7,/í:^ + 

fco + E^{k) — ie 

^(1 fc I -kp) 

ko — + ie 

-tA:(r'-x) 

= -foE‘’{k)-j-k 

(B.24) 

(B.25) 

■y^iK^ = -7o£í“(A:) - 7 • fc (B.26) 

Voltando à equação anterior, obtemos depois de algumas manipulações algébricas 

• ^ ^ . í d^k 1 l2E^{k)(^,k^ + MU tGl,{x-x) = zj (2^),2£;ow| k^.M^ + ze 

-1 
+ (7a*^^ + ^)ap 

—ik(x'—x) 

— + 
fco — E°{k) d- ie ko — E^{k) — ie 

0{kF- I k I) 

xe 

. f d’/ 

~ 'J 

d^k 1 r 2E^{k){j^kf^ + M)^p 

(27t)'‘2£^°(A;) \ k? — rn? + ie 

(B.27) 

{^^k^ + M)„^[Í7rá(A:o - E^{k)) + ÍTzS{ko - E\k))]e{kF- \ k |)]} 

"" * / ^ kl - M2 + ie 

ITT 

£;o(A:) 
í(Aro - E"(fc))^(A:F- I I) 

tÀ;(x'-x) 
(B.28) 
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Da expressão (B.28) nòs vemos que 

onde : 

(B.29) 

Glsik) = + 
1 

_ 77j2 q. 

ITT 

E^{k) 

= G^FÍk)a0 + GlikU 

S{ko - E^(k))e{kF- I k I) 

(B.30) 

Por último nós iremos calcular o propagador do méson vetorial, partindo de sua equação 

de movimento 

(d^d^ + mDV' = 0 (B.31) 

cuja solução geral é 

è í.(W) wí, A)e-‘' + d*(k, A)e“*l 
VV < [2E{k)]2 

com os vetores de polarização satisfazendo as relações 

(B.32) 

s^ik,X)e^{k,X') = -5, XX' (B.33) 

€fi{k, X)k'^ = 0 (B.34) 

Temos, então, 

k,,ky 
Y, X)s^{k, X) = 
x=i 

(B.35) 

iDl^{x' -x) = 0{x'o - xo)('fo I V^,{x')V^{x) I ^o) + - x(,)(^o | V^{x)V^{x') \ Íq) 

= -TY í(^o I {d(k\ + d^ik\ A')e‘^'"') 
2[E{k)E{k')\-2 ^ ^ ^ 
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x{d{k,\)e-'>‘^ + é{k,X)e'’‘^) I -a:o) 

+(^o I {d{k, A)e-’'=" + cÜ{k, A)e*'=") 

x{d{k',X')e-'>^'^' + d^{k\y)e'>^'^') I ^o)^(xo - a:')} 

V Ç 2^ - ^o) + - ar')] 

, f cPk 1 

V M (27t)3 2£:(fc) 

■g-iu/(a:í|-ro) 

~9^lV + 
/ 

°o cL; 

oo 27T 

= ■7 

u; +1£ 

„»w(xó-xo) 
g-»i(a:'-r) f gi/:(x'-a:) 

De (fi.36) vemos que : 

~9nu + 
k^ki, 

mt 

U> + t€ 

^—ik(x'—x) 

k^ — ml + ie 
(B.36) 

ÍO;,(x' -x) = zj (B.37) 

onde 

DUk) "9iiv + 
k^k^ 

mf 

1 

k^ — ml + ie 
(B.38) 

B.3 Expansão do Propagador Interagente de Bárions em Propa- 

gadores Livres . 

Aqui nós pretendemos escrever a contribuição de segunda ordem para o propagador de 

bárions através de propagadores livres. Conforme (4.12) temos 

'2 

x(^0 I T[Cl{xi)Cl{x2)'ll^a{x')lpi3{x)] I ^o) 

com Cj dada em (3.3). Então 

^ / d'^Xid'^X2Í'^0 I T[C[{xi)Cl{x2)xpa(x')^pix)] \ $q) 

(B.39) 
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x(^o I 

xi^^(x2)(f>(x2)^pa(x')rpf^(x)] + T[glip„(xi) 

x(7f^)<7sM^i)V^(xi)^((x2)(7^)í(i/’((x2)V''(x2) 

Xí/;a(x')tpp(x)] I ^o) 

= ^ y d‘*xid'^X2[g^4>°(xi)<^°(x2)S^sS(c] 

+9^.V^°(xi)V‘'°(x2)(7,)MiC 

xi-ipo I T[iJ^^(xi)il^sixi)rp^{x2)tpcix2)tpa{x')ifp{x)] I 'ío) 

= ^ y d"*xid^X2{g^,iA^{xi - X2)S^sSi(: 

+glD°''‘'{xi - X2)Í7^)as{7i')^< 

x(^,(xi)V’r(^i)C°(^2)V’c(^2)vr(^'W(^) 

x(^.(xi)^r(^l)VÍ°(^2)0c(^2)°‘’°C(^')ÍÍ"(^) 

x(^(xi)^|°(xi)^°°(x2)^<(x2)°°°C(2^')^°(a:^)) 
'2 

= ^ y A°(xi - X2)(^^íÍ4c + - 3:2)(7mVí(7./)íc) 

X (-Í<5L(^1 - a:í')(-0G74(x2 - x+)iGlp{x' - x) 

-(-)*G^<r(3^i - a:í')(-0G^í(a:' - X2)íG^^(x2 - x) 

+ (-)ÍG^cÁ^2 - Xi)(-Í)Gj^(xi - X2)ÍG^^(x' - x) 

+ (-)*G«,(x2 - Xi)(-*)6^^(X1 - x)(-z)G^^(x' - X2) 

- Xl)ÍG°Si(^l - X2)ÍG^^p{x2 - x) 

-i-)iG°Á^' - xi)iG^sg{xi - x){-í)G°^^{x2 - x+)) (B.40) 

onde nós definimos as contrapões com tempos iguais, conforme a prescrição (4.17). 



Apêndice C 

Propagador de Polarização 

C.l Expansão do Propagador de Polarização 

Usando o teorema de Wick, apêndice B, vamos calcular os três primeiros termos da série : 

in[(/l(x), B(si)l (í" I T[S"A'<{x)B'<(y)] \ 

onde : 

A^{x) = {x)T {x) 

B^{y) = V’^(y)rsV’^(y) 

e e Fb são matrizes 4 x 4. 0 operador da matriz S é dado por 

com 

= Texp (ig^J d‘*xN^[rp''{x)r^rP^{x)Va{x)]^ 

0 

gH _ Texp{iga J d*xN^[íp^{x)r'^-tp^{x)Va{x)]) 
a=—1 

com a = —1,..., 3 e 

9> 
9a = F“ = ^ 

-9v 

.Va = < 

T 

4> 
para < 

a = —1 

a = y = 0,. .,3 

(C.l) 

(C.2) 

(C.3) 

(C.4) 

(C.S) 

71 
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T[- • •] denota o produto ordenado no tempo, • •] o ordenamento normal em relação ao 

estado fundamental de Hartree | *5^), e con. que os diagramas desconectados são excluídos 

da expansão. 

0 termo de ordem zero fica : 

(x)(rs)^ítAf(y)] I 'Í>^)con. 

= [-*G^Jx,x(+))(-z)Gf^(y,y(+)) 

+(-0G^(y, y)] 

= - (rr[r^G^(x, x(+))])(Tr[reG^(y, y^))]) 

(1) 

+ Tr[r4G'^(x,y)rsG"(y,x)] 
  - ^ 

(2) 

(C.6) 

+ 

Figura C.l: Diagramas de ordem zero para o propagador de polarização 

Da expressão (C.6) é fácil ver que o termo (1), correspondente ao diagrama disjunto 

de ordem zero, não depende da diferença xo — yo- Essa independência pode ser verificada 

ordem a ordem para todos os diagramas disjuntos. 
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0 termo de ordem um é nulo 

m(i)[A(x),5(y)] = 0 (C.7) 

Enquanto o termo de ordem dois é : 

« I r[c,(x,)£,(x,)?"(x)(r^),s<(x)9"(y)(rB),,V’f(!/)l I 

= Cí" I r[ff.iv''(?"(x,)(r),AV'f(x.)K(x,)) 

X9lA'"(V’f(x2)(r‘')í<íí'f(x2)H(x2))V>"(x)(r^)„sV'?(l) 

?"(w)(rB),rff (!/)] I 4'")„n. 

= / <f‘^2(9»5k(r“)„A(r‘)« 

I iv''(íÃf(x.)<(x.)) 

XAí''(?f(x2)V.f(x,))?"(x)(r^)„jV'?(x)V;"(!/)(rB),,V-|'(!/) I í")e„ 

(C.8) 

in<^)[A{x), b(!,)| = <í*»2(9.ffl(r"),i(r‘)« 

xK,°(ii)n”(x2))(rx).B(rB),w 

x[jv«(?f“(x,)V’i'”°(^i))w''(?f°”(^2X”(x2))?r°°(x)v.r”(2:)9Í'"“(y)V'f“”“(!/) 

+;V»(íf<"Vf”°(x.))ÍV''(?f°“(x2X»(x2))?""”(x)V.?"“"(x)^"°”~(!/)V.f””'>(y) 

+ A'"(?f(x,)0A''°°(»:.))W''(?f''°”(*2)V-f“"(2:2))9f"(x)VÍ'°(x)?"”““(!/)V.f”“(!,) 

+iV"(?f'''Vf°°(x,))W''(iíf“(x2X°°°(x2))9f“'(x)V.?»(x)?""'(!/)V.f”''”(!,) 

+Aí«(0f'*'Vf°°(x.))iV''(0f°“(x2)V-f”"'°(x2))?f'(x)V.?“(x)0"~~'(!,)V.f°°“(!,) 

+/V"(?f(x.X“(xO)iV''(?r“(x2)0f~~(x2))V;f”~(x)V.?"(x)íf‘’(!,)V.f“»(!,) 

+;V«(?f<''V5'”°(x.))iV''(?r(x2)V'f~’(x2))?f”'(x)V-?““(x)ÍÃ"“~(!,)V’i'”(9) 

+A'«(?f(x,)V-5'“(x,))iV''(?f~(x,)^f-"(x,))0f°”(x)V.Í'""~(x)v;"~~(!,)V.f”(!/) 
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(C.9) 

iU.^^\A{x), B{y)] = Yy j d^Xid‘^X2 

x(5a56(r).A(r^)í<K°(^0v;°(^2))(r^W(r,),5 

X[{-í)G^Á^2,xi)iG^^{xuX2){-i)G^a{x, x^)(-i)G^(y, y^) 

A{-i)G^a{^2,xi)iG^^{xuX2){-i)Gf^{y,x){i)Gp^{x,y) 

^iyG%{xi,x2){i)G^^{x2, x)(-i)G^(y, y^) 

-{-i)G^„{x, xi)iG^^{xi,X2){i)G^^{x2,y){-i)G^^{y, x) 

A{-í)G^„{x, xi)íG^„(xi, x)(-OGg(y, X2){í)G^^{x2, y) 

-{-i)G^„{x, xi)iGf^(xi, y)(-?)G^(y, X2)(i)G'f„(x2, x) 

+(-i)G|^(y, xi)iG%{xi,X2){i)G^^{x2, x)(i)G'J^(x, y) 

+(-i)G'^(y, Xi)iG^^(xi, X2)(0Gjí^(a:2, y)(-i)Gg,(x, x^) 

-{-i)G^„{y, xi)iGf„(xi, x)(-z)G^^(x, x2)(0GJÍ^(x2, y) 

+(-i)G^(y, xi)iGf^(xi, y)(-OGj^ç(x, x2)(0Gf„(x2, x)] (C.IO) 

m(2)[A(x); B{y)] = ^ / d'^xxd'^X2 

x{ig]AP{xx - X2)S„xS^^ + *y„^£>í,(xi - x2)(7").a(7‘^)íc) 

X [-Gf,(x2,Xi)Gf^(xi,X2)(rr[r^G^(x,xt)])(Tr[rBG^(y,yt)]) 
    «li/ 

(31 

+ G" (X3, x,)G5(x„ l,)(rr(r^G''(x, s,)]rr(rBG«(!/, x)]) 
^ — ■■—  ^ 

(4) 

+ {VA)aí3G^Á^, xi)Gfç(xi, X2)iGf„(x2, x)(Tr[rBG"(y, y^)]) 
   I 1 1      ✓ 

(5) 

— (ryl)a/9G^(x, Xi)G^(xi, X2)G^^(x2, y)(rB)7íG5Q,(y, x) 
   

(6) 
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'   ^ 
(7) 

- (r^)S,Gg,(x, x,)G« (x„ »)(r),,G«(!/, x,)G" (X3, 
^ s/ ^ 

(8) 

-{TB)^sG^^{y,xi)Gf^{xi,X2)Gf^{x2,x){rA)apG^^{x,y) 
' V ' 

(9) 

+ i^B)^sGZ{y,xi)G^^{xi,x2)Gf^{x2,y){TA)^pG^^{x,x^) 
V   „. ^ 

(10) 

- (rB),íGf„ (s/, x.)G5(x„ x)(r^)"G« (x, i,)G" (X2. y) 
'  —   -- 

(11) 

+ {TB)-fsGZ{y,xi)GZ{xi,y){rA)apGZ{x,x2)GZix2,3:)] (C.ll) 

(12) 

0 que nos dá a seguinte representação gráfica da Fig. C.2 

Eliminando o diagrama desconectado, (4), e os ”disjuntos”, (1), (3), (5), (10), nós 

obtemos: 

in[/l(x), B{y)] = in'")[/l(x), S(y)l + ra<^)[x(x), B(y)] +... 

= rr[rjG»(x,y)rBG"(«,x)] 
'     ' 

(2) 

+ ^ - X2)S„xS^i + ÍglDl^{xi - X2){j^)<jXÍ7‘')íC 

X i(rA)apGZi^, Xi)GZ(xuX2)GZ{x2, VX^'B^G^^iy, x) 
^ ^   ^ 

(6) 

+ a:i)(?f„(xi, x)(FB)^i(S'|^(y, X2)(7j^(a:2, y) 
^ V    ✓ 

(7) 

- (r^)Xi)(?f^(xi, y)(F)^íG^(y, X2)GJ^(x2, x) 

(8) 

- (rB)^íG^(y,a:i)G5(xi,X2)GJ^(x2,x)(r^)„^Gj(^(x, y) 
N ..     ■"■" ' ^ 

(9) 

+ {TbXsGZAv^ xi)GZ{xi,x){VA)a0GZX^, X2)GZy{x2, y) 
V      ' 

(11) 

+ (rs)-YíG^(y, Xi)G^(xi, y)(ryl)a,3G^^(x, X2)G^^(x2, x)]] (C.12) 
N«——— I.—— V " ■ 

(12) 
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C.2 Dependência Explícita no Tempo do Propagador de Pola- 

rização 

Vamos mostrar agora que o propagador de polarização definido por 

in[>l(x), B(y)] = (í I T[A(x), B(y)] | <P) (C.13) 

tem a seguinte dependência no tempo : 

m[A{x), B{y)] = in[x4(f), xo - yo] (C.14) 

Nós podemos escrever (C.13) como : 

iU[A{x), B{y)] = 6{xo - yo){^ | A(x)B{y) | 

+0{yo - a:o)('í' | B{y)A{x) \ '$) 

= - yo)(^ I A{x) I I B(y) I 
n 

+^(yo - I B{y) \ ^„)(^„ | A{x) | ^)] (C.15) 

Mas A{x) e B{y) estão na descrição de Heisenberg, isto é, 

A{x) = e'^^°As{x)e-^^^° 

B(y)^e'^yoBs{^e-^"y° (C.16) 

0 subíndices S em (C.16) denotam operadores na descrição de Schrôdinger . Substituindo 

(C.16) em (C.15) temos 

ffl[/l{x), B(y)] = EW^o-!/o)(>l'|e''''Ms(x)e-»*"|»n> 
n 

x(^„ I | + e{yo - xo){'í> \ Bs{^e-'^y° \ 

x(^„ I e‘^M5(f)e-’""« I 
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= | As(f) | ^n) 
n 

x{^„ I Bs{y) I + 9{yo - | Bs{y) \ ^„) 

x(^„Ms(f)|^) (C.17) 

A expressão (C.17) nos mostra que II depende somente de xq — t/o- Uma demonstração 
^RPA 

análoga a essa pode ser feita para II e 0 , levando à mesma conclusão sobre sua 

dependência temporal. 

C.S Representação de Lehmaun para o Propagador de Polari- 

zação na RPA 

Vamos agora expressar o propagador de polarização na representação de Lehmann. Fazendo 
^RPA 

a transformação de Fourier de II em relação a xq — t/o e usando a equação correspondente 

a (C.17) para esse propagador temos; 

-^RPA 
ín [A{x),B{y),u] 

/oo ^RPA 
d{xo - yo)i n [A(x), B(y), xq - yo] 

•CO 

xe 

CO 
tu/(xo-yo 

/CO   
d(xo - yo) - y^)e-dEi-Eo-u^)(xo-vo) 

•OO ^ 

x{'Ü I As(x) I í'/)(^í I Bs{^ I 'P/) + 0{yo - xq) 

xe‘(^'-^o+u,)(.o-vo)^^ I I I I 

= - yo)e-(“"-)("o-«o)(^ I As(x) I ^,)(^, I Bs{^ I 

-f r d(xo - yo)e‘(‘^'+‘")Uo-yo)^^ | Bs{y) \ ^,)(^, | As(x) | )] 

(í I As(í) I 4-,)(í, I Bs(y) I 4-) 
= E 

1 L i(u>i — uj — ir}) 

I Bs{^ \ 'f,)(^, I Asix) I 

= -E 
l 

i{u>i +u: — ir}) 

(^ I As{S) I ^,)(^, I Bsi^ I 

(jJi — UJ + tr} 

(^ I Bsi^ I ^/)(^t I Asjx) I 

ui + u! — ir} 
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= 
U,{x)TAUn(x)l(rimBUmm'^ | ajan \ ^/)(^/ | \ 

Irsmn W - CJ, + ZT? 

Ü,{x)YAU^{x)Ür{y)TBUmm{^ \ alam \ | aja„ I 

U Ul — ip 

(C.18) 

onde wi = El — Eq, e usamos, em analogia a (C.16), 

com a notação simplificada que mencionamos abaixo da Eq.(5.29), e os operadores a e 

sem dependência temporal explícita estão na descrição de Schorôdinger. Por outro lado, 

tem-se também 

^RPA too 
in [/l(x),S(!,),u,l = / <i(x„-!,„y"(“-»>'(<P|7’|yl(i).B(!,)]|í) 

J — OO 

d{xo - yo)e'-^^°-^°'>J2E^Á^)^aidn{x)nr{y)TBUrn{^ 
rs nm 

x(^ I r[a+(a:o)a„(xo)a):(yo)am(yo)] | (C.19) 

Comparando (C.18) com (C.19) temos 

^RPA 

= 

í d(a:o - I T[al{xo)a„{xo)al{yo)amiyo)] \ 
J — OO 

(^ I atg„ I I gig^ | ^} (^ | | | gig^ | 

uj — uji + ir] u + üJi — ít] 

(C.20) 

CA Propagador de Polarização de Hartree 

0 propagador de polarização de Hartree é definido por (5.23) ou, equivalentemente. 

i n" [/t(x),B(!/)] = Tr[r^G«(x,!,)rBG"(!/,x)] 

Nós vimos na secão C.2 que sua dependencia temporal e da forma 

(C.21) 
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i n"" [A{x), B{y)] = iU^[A{x), xo - yo] (C.22) 

logo podemos introduzir a transformada de Fourier 

r°° „ 
in [A(x),B(^,a;] = / d{xQ-yo)iB.^[A{x),B{'^,xo-yo] 

J—oo 
y g‘w(®o-vo) (C.23) 

Da equação (4.39) e da expansão (4.58) excluindo as antiparuculas, ou seja, de (5.26), 

nós escrevemos 

iG^{x,y) = 
n 

x[6»(xo - yo)^(4'^^ - sf) - 0{yo - xo)9{eF - 

g-t£„(xo-yo) (C.24) 

De (C.21), (C.23) e (C.16) temos : 

in [A(x),B{'^,u] = -Y^Tr[{rA)ldn{x)Un{y) 
mn 

/oo 
d(xa - 

-oo 

x(-)[^(a;o - yo)^(4'^^ - £f)^(£f - £^^) + 9{yo ~ xo)0{el^'> - Sf) 

xO{eF-£Í^^)] 

= TrYl[Urr.{S)irA)Ur^{x)Ur.m^B)Umm 

•g(g(+) - eF)e{eF - sM) OjeG^ - eF)e{eF - ei+))] 

UJ - UJmn +ir] ^ + ^mn ~ if] 

E E[^*(^)(r>i)^n(x)i7.(^(rB)z^„.(yl] 

x(+0 

X(+Z)<^rn^* 
- sfMsf - 4^)) ^(4^) - eF)e{eF - e^)]' 

W - iVrm + ir) ^ + ^mr - ir) 

(C.25) 

onde ijJrm = ^ 
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Por outro lado 

r<x> 
íll [A(x),5(^,u;] = / d(xo - yo)(^^ I r[A^(x)B(y)^] I 

J—oo 
^^^giwíxo-vo) 

d{xo - 5; ;^ÍY,(x)(r^K(x) 
rs mn 

xUrmrBpmi^ 

I T[aJ^(xo)a^(xo)aí^(yo)a^(yo)] | (C.26) 

Comparando (C.25) e (C.26) temos 

/OO 
rf(x„ - I T[<J:''(io)a"(x„)<»;''(y„)a«(j,„)] | í") 

-OO 

= [^(4-^^ - eF)0{sF - 4+)) ^(4^) - eF)e{ep - £(+))]1 
W - UJrm +ÍT] W + 0;„,r “ ÍT] \ 

C.S Equação para o Propagador de Polarização na RPA. 

Nessa seção nós iremos mostrar como se obtém a equação (5.37). Partimos de (5.31), ou 

seja, 

^RPA 
n,p;t„ (a:o,yo) Hgp ;tu {xo, yo) 

+ Y1 9a9b J d‘^x'd'^y' ^ (xq, x(,) 
a,6=--l psmn 

^RPA 
x[Ur{x')r<^iís{x')m^' - y')[7/„(y0rU(y')] (yó,yo) 

(C.28) 

Introduzindo nessa equação as transformadas de Fourier (5.34),(5.35) e (5.36) 

J (27t) ^ ’ 

,-iui{xo-yo) f du , . 

+ X! 9a9b j d“x'd'‘y' ^ J n,p;r. (^^i) 

xe 

a,6=—1 
-iwi(xo-yo) 
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x[W,(x'‘')™,(x')](27r)-i I du2Dl,{x' - y',u;2)e-*‘"^("ó-vi) 

/'^RPA 

/du) ■ í \ 

3 , 
+ 9a9b{‘^T^) ^ d^x'd^y'duidu2du3{2Try5{u}i — UJ2) 

a,b=-l 

xí(a;2-ü;3)e-"«“'e‘*'“-^ X ^ íl" ,, (o;i)[Wr(-xO™,(x')] 
ramn 

y^RPA 
X^aòí^' - y')‘^2)[Wm(í?)r*’i/„(y')] n„^;í„ (W3) 

í du fl / S 

J (27t) 

+ E E gM-i”)-'í n,„. M 
rsnma,b=-l 

X II c/"xVV[W.(P)TO,(x')] - y',a;2) 

_ ^ ^ ^RPA ) 
X[^m(yOr ^n{y')] nnm;<u (^2)| (C.29) 

O que nos dá, a equação 

-^H 
n,p;t„ (oj) 
^ -^H ^RPA 

d" ^2 n,p;ra {^) Krs;nm{^) Tlnm\tu (^) (C.30) 
rsnm 

^RPA 
n,p;t„ (í^) = 

com 

K, rs;nm UJ )= E 9.gi> í .<VA'l«r(x''')™,(x")lB;,(í'-í',u,2)|M„(i?)r‘M„(í')l(C.31) 
a,6=-l 
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+ 

+ 

B (101 

1 

+ niéson vetorial 

Figura C.2: Diagramas de ordem dois para o propagador de polarização 



Apêndice D 

Propriedade do Kernel da RPA. 

Nós iremos mostrar aqui, a propriedade (5.61) do capítulo 5. Partindo de (5.38) temos 

a,6=-l 

= E 9.S6 f <i’x'rf’j/'[«,(x')*r*'7X(í')10::(x' - !?,u,,)[«*(j;')r“7”«u(!?)l 
a,b=-l •’ 

= E /d^a:W[^p(^")V7°r“V^(x')]^°6(^"'-y',í^2) 
- L— t 'J V""" ^ o,6= —1 T“ 

x[«/(!?)7°7°r‘*7°M.(!r')l 

r*- 

= E 9a9h \d^x'ây'^Á^{í)V^Uq{x')\Dl^{Í'-y>^uj^)\UtV^Uu{y')\ 
a,b=-l 

— •^P9|U<(^) (D.l) 

onde nós usamos o resultado D^^{x' - y',U2) = D^^{x' - ^,^2) para a matriz definida em 

(5.24). Isso pode ser visto através das expressões (4.1) e (4.3) e (4.8) para os propagadores 

livres de mésons. Com efeito 

[íA°(f-y,u;)]* = J 
(pk e-t*-(í-jO 

k-i^k f Q > 

J (2tt 

{2tT)^ ^;2 _ ^2 _ ^2 _ 

(Pk 

{2tt)^ (Jj2 _ ^2 _ J.^2 _ I le 

íA°(f - y,o;) (D.2) 

A última passagem vale, a menos que, na região de integraqão P = 0. Mas 

uj expressa a energia de excitcição de uma dada ressonância iso-escalar, não ultrapassando. 
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portanto, 50 MeVs, como se pode ver nas Figs. 2.2 a 2.4, e m, e m„ são as massas dos 

mésons envolvidos na QHD-I, que, como se discute na Ref. [3], são superiores a 500 MeVs. 

Disso, concluímos que | u; [<< m,,m„, e não há perigo de ocorrerem os denominadores 

nulos mencionados acima. Portanto para os valores de u nos quais estamos interessados, é 

sempre verdadeiro fazer A°*(x — y,u>) = A°(x — y,u;). Analogamente, nós obtemos para o 

propagador do méson vetorial que D°[,(x — y,u;) = D°^(x — y,u). 
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RPA Relativística para ressonâncias gigantes iso-escalares 

Errata 

1. Página 8, segundo parágrafo 

onde se lê: (2.1) deve-se ler: (2.2) 

2. Página 10, Tabela 2.1 

onde se lê: 180.2A“*/^ deve-se lêr: 108.2A“^/^ 

3. Página 22, no topo dessa página 

onde se lê: para esses termos que permite construí-los 

deve-se ler: que permite construir o termo de ordem n 

4. Página 22, abaixo da Fig. 4.1 

onde se lê: —deve-se ler: —íQvIu 

5. Página 22, Fig. 4.3 

onde se lê: íG^^(x' — x) deve-se ler: iG° 

6. Página 26, abaixo da Fig. 4.8 

onde se lê: ordem por: deve-se ler: ordem por (Fig. 4.9): 

7. Página 27, Eq. (4.24) 

onde se lê: deve-se ler: S(^^(z) 

8. Página 29, Eq. (4.27) 

onde se lê: N deve-se ler: Nq 

9. Página 30, abaixo da Fig. 4.13 

onde se lê: bárions dado por: 

deve-se ler o parágrafo: Esse procedimento define a aproximação de Hartree 

relativística, com o propagador de bárions dado por: 

10. Página 32, Eq. (4.43) 

deve-se ler: E^(x) = E(^(x) — 7^S^'^(x) 
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11. Página 32, Eq. (4.46) 

deve-se ler: Ef (x) = -ig] f <Py dy°A°{x - y)} GÍJ^iy, 0; y, 0+) 

12. Página 37, Eq. (4.73) 

a última linha dessa equação deve ser lida como: 

N ^/ 
contribuição de antipartículas 

13. Página 37, abaixo da Eq. (4.73) 

onde se lê: seção 4.2 deve-se ler: seção 4.3 

14. Página 38, Eq. (4.76) 

onde se lê: ^ e 

deve-se ler: ^ e 

15. Página 44, Eq. (5.17) 

onde se lê: (^ | T[A{x), B{y)] \ deve-se ler: (^ | T[A{x)B{y)] \ '5) 

16. Página 50, Eq. (5.29) 

onde se lê: (^ | deve-se ler: \ 

17. Página 50 e 51, Eq. (5.30) e (5.31) 

onde se lê: ^ 
psmn 

18. Página 51, Eq. (5.33) 

onde se lê: | 

19. Página 52, Eq. (5.37) 

^RPA 
onde se lê: (w) 

20. Página 56, Eq. (5.60) 

onde se le. Cph^ ^ ^p/i,/i'p'(^) 

deve-se ler. C//ip, ^/ip,p'/i'(^) ^ 

deve-se ler: E 
ramn 

deve-se ler: | 

^RPA 
deve-se ler: n„„,í„ (w) 

21. Página 60, Eq. (A.4) 

onde se lê: ô(t/>7V’) deve-se ler: di,{'ip'y‘'xl;), 




