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“O correr da vida embrulha tudo, a vida

é assim: esquenta e esfria, aperta e daí

afrouxa, sossega e depois desinquieta. O que

ela quer da gente é coragem.”

Guimarães Rosa.
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Resumo

Nesse trabalho, analisamos as previsões de um conjunto de modelos não lineares de Wa-

lecka sobre os diagramas de fase da matéria nuclear e de quarks. Uma comparação entre os

modelos hadrônicos de alcance finito e os modelos não lineares de contato também é realizada.

Nestes últimos, uma aplicação do limite não relativístico mostra como podem ser obtidos alguns

tipos de modelos de Skyrme. No regime de temperaturas moderadas, construímos as curvas de

transição líquido-gás escalonadas pelos respectivos parâmetros críticos, investigando sua de-

pendência de modelos em função da densidade. Uma discussão sobre as regiões metaestáveis

do sistema também é conduzida através do estudo das curvas spinodais dos modelos, escalo-

nadas pelos parâmetros flash. A incompressibilidade nuclear também é obtida em função da

temperatura para dois cenários distintos, o primeiro onde tal grandeza é calculada em um ponto

de coexistência de fases e, outro no qual o cálculo é feito em uma região metaestável. Para a

construção dos diagramas de fase hádron-quark, utilizamosos modelos hadrônicos em conjunto

com o modelo de quarks interagentes, PNJL, que leva em conta ofenômeno do confinamento

(dinâmico) em sua estrutura através do laço de Polyakov. Descrevemos toda sua termodinâmica

e apresentamos suas diferentes parametrizações, juntamente com a análise dos diagramas de

fase gerados exclusivamente por este modelo em comparação com os diagramas hádron-quark,

gerados a partir de ambos.
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Abstract

In this work we analyze the predictions from a sef of nonlinear Walecka models on the

nuclear matter and quarks phase diagrams. A comparison between the finite range hadronic

models and the nonlinear point-coupling ones is also accomplished. In the latter, the use of the

nonrelativistic limit shows how some Skyrme-type models can be obtained. In the moderate

temperature regime, we construct the liquid-gas transition curves, scaled by the respective cri-

tical parameters, and investigate its model dependence as afunction of the density. Through a

study of the model spinodal curves, scaled by the flash parameters, a discussion on the system

metastable regions is also performed. The nuclear incompressibility is also obtained as a func-

tion of the temperature in two distinct scenarios, the first where such quantity is calculated in a

phase coexistence point, and the second in which the calculation is performed in a metastable

region. For the construction of the hadron-quark phase diagrams, we use the hadronic models

together with the interacting quark model, the PNJL one, that takes into account in its structure

the (dynamical) confinement phenomenology through the Polyakov loop. For this model we

describe all the termodynamics, and present its parametrizations, together with the analysis of

the phase diagrams, generated by the PNJL model itself, in comparison with the hadron-quark

diagrams generated from both models.
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Introdução

O sistema ligado mais simples usado para o estudo da interação nuclear é o dêuteron, com-

posto por um próton e um nêutron. Dados experimentais bem estabelecidos, mostram que

sua energia de ligação é dada por|Be| = 2,22452± 0,00010 MeV [1], indicando assim que

este é um sistema fracamente ligado, mesmo com as duas partículas interagindo entre si pela

ação do mais forte potencial existente, o potencial nuclear. Uma modelagem simples para

este problema [1], que consiste no uso da equação de Schrödinger para um potencial do tipo

poço quadrado levando em conta que o alcance típico da força nuclear é da ordem de 1,7 fm,

fornece o resultado deV0 ≃ 35 MeV para sua profundidade, sugerindo assim a altíssima inten-

sidade da interação, quando comparada com|Be| . Outros dados experimentais ainda mostram

que o dêuteron apresenta spin total igual a 1 e paridade positiva em seu estado fundamen-

tal (tripleto), momento de quadrupolo elétricoQ = 2,82± 0,01 mb e momento magnético

µ = 0,857406±0,000001 mn [1]. Do ponto de vista teórico, uma linha de abordagem bastante

utilizada que trata não apenas de dois corpos mas sim de sistemas de muitos nucleons, baseia-se

na construção de interações nucleares, como os potenciais de troca de um ou mais píons, cu-

jos parâmetros livres são ajustados de forma a reproduzir toda essa fenomenologia e resultados

experimentais envolvidos na física do dêuteron e de sistemas nucleares não ligados, estudados

via espalhamento. Tais cálculos microscópicos são efetuados utilizando, por exemplo, técnicas

conhecidas como Brueckner-Hartree-Fock (BHF) [2]. Outro método de tratamento consiste em

ajustar diretamente os observáveis conhecidos da física demuitos nucleons, sem a preocupação

com os detalhes da interação nuclear. Nesta abordagem, a aproximação de campo médio é de

grande importância tanto em modelos não relativísticos quanto em relativísticos.

Dentre os modelos não relativísticos considerados nesta última abordagem, figuram dentre

os principais, os modelos de Skyrme [3] e de Gogny [4] cujas interações efetivas são, respec-

tivamente, de alcance nulo e finito. Já no caso relativístico, classe de modelos hadrônicos que

será utilizada ao longo desta tese, todas as grandezas necessárias para a descrição do sistema

nuclear em questão, são derivadas a partir da densidade lagrangiana que define o modelo e,

a fenomenologia de troca de mésons proposta inicialmente por Yukawa, é também levada em
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conta pela troca das partículas descritas, por exemplo, pelos campos escalarσ e vetorialωµ ,

ou seja, o alcance finito da interação nuclear é considerado.Ainda nessa categoria, destacam-se

também os modelos relativísticos de alcance zero, análogosaos modelos de Skyrme. Nestes,

não há troca de mésons, considerados como partículas infinitamente massivas e, portanto, ape-

nas os campos que descrevem os nucleons são levados em conta em modelos desse tipo. Dentre

outras propriedades da física nuclear, os modelos relativísticos, que podem apresentar nucleons

e mésons como graus de liberdade fundamentais da teoria (ou apenas nucleons como no caso

dos modelos de contato), são capazes também de descrever o mecanismo da saturação através

de um cancelamento quase que total entre os potenciais escalar e vetorial que surgem desta

descrição. Propriedades da matéria nuclear infinita como a densidade de saturação e energia

de ligação, e de núcleos finitos, tais como raio quadrático médio e separação spin-órbita, tam-

bém são obtidas destes modelos, através do ajuste de suas constantes de acoplamento e massas

mesônicas, feito no regime de temperatura nula.

As aplicações desses modelos estendem-se nos mais variadosintervalos de temperatura

e densidade. Para o regime de temperatura nula, o conhecimento detalhado das equações de

estado dos modelos hadrônicos, tanto relativísticos quanto não relativísticos, torna-se funda-

mental na descrição, por exemplo, das estrelas de nêutrons,estudadas em densidades acima

de seis vezes a densidade de saturação da matéria nuclear. Propriedades desses objetos, tais

como a relação massa-raio, são diretamente influenciadas por características particulares de

cada modelo hadrônico utilizado. Exemplos dos modelos de Skyrme e dos amplamente utili-

zados modelos de Walecka [5] no estudo das estrelas de nêutrons, podem ser encontrados nas

referências [6, 7]. Ainda emT = 0, porém para uma região de densidades muito baixas, da

ordem de 10−4 fm−3 , a matéria de nêutrons pode ser estudada no chamado regime degás

de Fermi diluído. Aplicações neste tema com o uso de modelos relativísticos, por exemplo, é

encontrada na referência [8].

Em temperaturas finitas, onde os modelos hadrônicos são generalizados paraT 6= 0, po-

rém mantendo o ajuste de parâmetros feito emT = 0, destaca-se o fenômeno das transições

de fase da matéria nuclear, que será abordado nesta tese com ouso dos modelos não lineares

de Walecka. De uma forma geral, os modelos hadrônicos exibematé temperaturas da ordem

de 20 MeV, uma transição de fases do tipo líquido-gás, caracterizada por regiões que apre-

sentam baixas (fase gasosa) e altas (fase líquida) densidades. Esse é o típico comportamento

apresentado, por exemplo, pelo modelo de van der Waals em um regime de temperaturas que

se estende até a chamada de temperatura crítica do sistema. Estudos mostram que devido aos
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efeitos coulombiano e de superfície, em núcleos finitos essatemperatura crítica é dada por apro-

ximadamente metade do valor obtido para a temperatura crítica da matéria nuclear infinita [9].

Outra característica geral observada nos modelos hadrônicos, é que tal transição ocorre sempre

em densidades abaixo da densidade de saturação, como esperada.

No regime de mais altas temperaturas (∼ 200 MeV) e baixas densidades, outro tipo de

transição ocorre na matéria nuclear, a transição de fases hádron-quark. Nesta, a identidade dos

hádrons tende a ser perdida em favor dos seus constituintes fundamentais, os quarks. Assim,

a construção de um diagrama de fases referente à essa transição revela regiões puramente ha-

drônicas e de quarks livres. Na verdade, acredita-se que o processo inverso tenha ocorrido na

natureza no começo do universo, ou seja, o plasma de quarks e glúons existente entrou em

um processo de hadronização e formou toda a estrutura hadrônica conhecida atualmente. Do

ponto de vista experimental, tenta-se recriar tais condições extremas a partir das colisões de

íons pesados realizadas nos grandes aceleradores de partículas, tais como o Relativistic He-

avy Ion Collider (RHIC)1 e o Large Hadron Collider (LHC)2, onde a energia envolvida nesses

experimentos é alta o suficiente para que seja possível a detecção de ressonâncias e possíveis

sinais da transição hádron-quark. Os resultados advindos de tais experimentos são utilizados

nos mais diversos modelos hadrônicos, dentre eles, os modelos não lineares de Walecka. Com

esses dados devidamente reproduzidos, os modelos são entãocapazes de fazer previsões acerca

de outras quantidades do sistema objeto da colisão, tais como a própria temperatura e o poten-

cial químico dos bárions envolvidos. Uma aplicação nesse sentido para o modelo não linear

GM1 submetido aos vínculos de conservação de número bariônico, estranheza e carga elétrica,

pode ser vista na referência [10]. Ainda no campo teórico, o tratamento específico da transição

de fases hádron-quark é um tanto quanto delicado, visto que dois graus de liberdade essen-

cialmente distintos fazem parte do estudo. Assim, os modelos hadrônicos disponíveis devem

obrigatoriamente ser utilizados em conjunto com os de quarks, isto é, modelos que de alguma

forma descrevem a fenomenologia da Cromodinâmica Quântica(QCD3). Também é possível

construir, para essa faixa de temperatura, diagramas de fase exclusivamente a partir de modelos

da QCD, ou de modelos hadrônicos, porém, rigorosamente não se pode considerar que nesse

caso as fases identificadas sejam puramente hadrônicas e de quarks livres, já que cada modelo

trata de um tipo específico de matéria. Tanto os diagramas gerados pelos modelos individuais,

quanto o próprios diagramas de fase hádron-quark, serão detalhadamente discutidos nesta tese,

1Localizado no laboratório nacional de Brookhaven.
2Localizado no Centrou Europeu de Pesquisas Nucleares (CERN).
3Do inglês Quantum Chromodynamics.
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cuja organização está disposta da seguinte forma.

No capítulo 1 apresentamos os modelos não lineares de Walecka utilizados nesta tese, des-

tacando a derivação generalizada do tensor momento-energia para o caso em que a densidade

lagrangiana inclui também termos mistos de interação entreos camposσ , ωµ e ~ρµ . A par-

tir desta quantidade, calculamos todas as grandezas necessárias para a descrição termodinâmica

em temperatura nula do sistema assimétrico, em que o número de prótons é diferente do número

de nêutrons. Expressões analíticas para a energia de simetria e suas derivadas, assim como uma

lista dos parâmetros e propriedades de saturação dos modelos usados são mostradas no final

deste capítulo.

Ainda no regime de temperatura nula, no capítulo 2 utilizamos os modelos não lineares de

Walecka que apresentam apenas autointerações cúbicas e quárticas no campo escalarσ , em

comparação com os também relativísticos modelos não lineares de contato, baseados em inte-

rações de alcance nulo. Construímos tais parametrizações de contato de modo a fazer ambas

estruturas reproduzirem os mesmos observáveis relativos ao ponto de saturação da matéria nu-

clear. Assim, comparamos suas equações de estado em função da densidade, verificando que

as diferenças começam a ser percebidas a partir da densidadede saturação e, para modelos

que apresentam baixo valor de incompressibilidade, como por exemplo a parametrização NLZ2

onde K = 172 MeV. Através do conceito de naturalidade, também explorada em nossa aná-

lise, propomos uma forma de derivar os coeficientes naturaisdos modelos de contato a partir

dos modelos não lineares de Walecka, estabelecendo assim uma conexão mais analítica entre

os mesmos. Exploramos ainda para uma classe ampliada de modelos hadrônicos, sob quais

circunstâncias a naturalidade deixa de ser verificada e quais coeficientes ditam esse comporta-

mento. Por último, aprofundamos um pouco mais nosso estudo sobre os modelos de contato

tomando um limite não relativístico, que resulta na obtenção de uma equação de estado gene-

ralizada de Skyrme exibindo termos de ordens superiores na densidade em relação ao modelo

convencional. Também discutimos quais as regiões de validade dessa aproximação, em ter-

mos da densidade, e mostramos que a incompressibilidade é o principal fator que influencia na

qualidade da mesma.

O capítulo 3 abre os estudos em temperatura finita para os modelos não lineares de Walecka.

Em particular, tratamos da transição de fases do tipo líquido-gás. Primeiro são generalizadas

as equações de estado obtidas no capítulo 1 para levar em conta as variáveis termodinâmicas

temperatura e potencial químico e assim tratar a transição propriamente dita. Obtivemos os
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parâmetros críticos de todos os modelos e assim construímosseus respectivos diagramas de fase

escalonados. Como comparação, também dispomos os parâmetros flash4 e as curvas spinodais

também para os 14 modelos disponíveis. Outro estudo interessante sobre o comportamento da

incompressibilidade nuclear em função da temperatura, calculada em diferentes perspectivas

(sistemas em coexistência e metaestáveis), é também apresentado mostrando como resultado

principal a independência de modelos. Ainda neste capítulo, estudamos uma transição de fases

prevista para acontecer nos modelos de Walecka em altas temperaturas, via análise da massa

efetiva do nucleon que mostra uma queda abrupta para alguns dos modelos tratados. Por fim,

mostramos como o método usado para a construção do diagrama de fases para tal transição,

pode também ser usado para o tratamento da transição líquido-gás em baixas temperaturas.

O estudo sobre as transições de fase hádron-quark está reservado no capítulo 4, último da

tese. Como já mencionado, duas são as categorias de modelos necessárias na análise deste fenô-

meno. Em nossa abordagem, usamos os modelos não lineares de Walecka na descrição da parte

hadrônica e, na fase de quarks, modelos proposto recentemente que incorporam o efeito do con-

finamento no já conhecido modelo Nambu-Jona-Lasinio. A inclusão do confinamento se dá a

partir do laço de Polyakov (Φ ), sendo esse o motivo pelo qual o modelo resultante é chamado

de Polyakov-Nambu-Jona-Lasinio (PNJL). Usando a aproximação de campo médio, calculamos

sua densidade de energia, pressão e entropia, mostrando como são modificadas devido àΦ , as

funções de distribuição de Fermi-Dirac presentes nessas grandezas termodinâmicas. Diferentes

parametrizações deste modelo, assim como uma comparação entre as mesmas, são apresentadas

e confrontadas com dados oriundos de simulações numéricas da QCD no regime de potencial

químico nulo. A partir deste modelo, apresentamos também osdiagramas de fase da QCD ob-

tidos via análise dos parâmetros de ordem dados porΦ e pelo condensado de quarks
〈

ψ̄qψq
〉

,

mostrando como a ordem da específica transição de fases é dependente dos valores de tempera-

tura e potencial químico do sistema. Por fim, usamos o critério de Gibbs para a construção das

curvas de transição envolvendo os modelos não lineares de Walecka e as parametrizações do

modelo PNJL, mostrando assim os diagramas de fase da transição hádron-quark e destacando

como uma tendência geral, que tais curvas englobam os diagramas gerados exclusivamente pe-

los modelos PNJL. Ainda como uma última aplicação, verificamos que o efeito do confinamento

dinâmico contido no modelo PNJL reduz as regiões hadrônica emista (composta de hádrons e

quarks em coexistência), comparadas às mesmas regiões obtidas pela transição realizada pelos

4Temperatura e densidade máximas a partir das quais não há possibilidade de equilíbrio hidrostático (incom-
pressibilidade nula).
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modelos não lineares de Walecka junto ao modelo de sacola MIT, que descreve o confinamento

apenas pela inclusão de uma constante, pressão de vácuoB, em suas equações de estado.

O apêndice A desta tese contém as notações, convenções e definições usadas ao longo da

mesma. Os demais apêndices complementam temas abordados nos capítulos anteriores e estão

assim organizados. O apêndice B mostra as expressões das derivadas dos campos mesônicos

σ e ω0 , necessárias para o cálculo de algumas grandezas apresentadas no capítulo 1 referen-

tes aos modelos não lineares de Walecka. O apêndice C estendea derivação do limite não

relativístico usado no final do capítulo 2 para os modelos relativísticos de contato, incluindo o

cálculo das demais equações de estado para tal aproximação.O apêndice D versa sobre alguns

conceitos de Teoria Quântica de Campos, utilizados no capítulo 4. Finalmente, como casos par-

ticulares do modelo PNJL, o apêndice E apresenta basicamente os setores usados na obtenção

de seus parâmetros. O primeiro é o setor puro de glúons, usadoexclusivamente na parametri-

zação do potencial de PolyakovU(Φ,Φ∗,T) , e que exibe uma transição de fases de primeira

ordem verificada a partir do parâmetroΦ . No segundo, setor NJL, são obtidas as equações de

estado em temperatura nula, usadas na parametrização da parte de quarks do modelo PNJL.



1 Modelos não lineares de Walecka em
temperatura nula

Principal representante dos modelos hadrônicos relativísticos, o modelo de Walecka, pro-

posto em 1974 [5], trata prótons e nêutrons como partículas fundamentais interagindo entre si

através da troca do méson escalarσ e vetorialω , que fisicamente representam a parte atrativa

e repulsiva, respectivamente, da interação nuclear. Os parâmetros livres da teoria, dados pelas

constantes de acoplamento entre os mésons e os nucleons, sãodeterminados de forma que o

modelo seja capaz de reproduzir, em temperatura nula, grandezas obtidas pela física de muitos

corpos, tais como a energia de ligação da matéria nuclear infinita (Be) e a densidade de sa-

turação (ρ0), ambas quantidades bem estabelecidas com valores em tornode 16 MeV e 0,15

fm−3. Nesse sentido, pode-se falar em uma teoria efetiva, ao considerarmos por exemplo, que

interações ainda mais fundamentais devidas aos quarks componentes dos nucleons, assim como

o próprio meio nuclear, têm sua dinâmica parametrizada por tais constantes de acoplamento. A

base da teoria de Walecka, também chamada de Hadrodinâmica Quântica (QHD da sigla em in-

glês1), é a Teoria Quântica de Campos e tem como ponto de partida umadensidade lagrangiana

invariante de Lorentz, da qual várias propriedades do sistema são extraídas, entre elas a forma

da interação, do tipo Yukawa [11],

V(r) = −gσ
4π

e−mσ r

r
+

gω
4π

e−mω r

r
, (1.1)

particular para o caso em que o número de prótons é igual ao número de nêutrons. O sinal

negativo do primeiro termo do potencial é correspondente aomésonσ , de massamσ , e repre-

senta seu caráter atrativo. A repulsão é dada pelo segundo termo, caracterizada pelo mésonω.

Note que o alcance da interação é dado essencialmente pela massa de cada méson e consequen-

temente, o limite em que tais massas são infinitas leva a um potencial puramente de contato,

ou seja, nesse caso os nucleons interagem entre si via interações pontuais. A figura 1.1 mostra

o comportamento deV(r) em função da distância entre os nucleons,r, para um conjunto de

1Quantum Hadrodynamics.
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constantes de acoplamento e massas mesônicas dado porgσ = 9,6, gω = 11,7,mσ = 550 MeV

emω = 783 MeV.
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Figura 1.1:Potencial nuclear (1.1) gerado pelo modelo de Walecka.

Embora reproduzindo satisfatoriamenteBe e ρ0, o modelo de Walecka ainda apresenta di-

ficuldades, por exemplo, na descrição quantitativa da incompressibilidade da matéria nuclear

e da massa efetiva do nucleon, ambos valores dados aproximadamente por 554 MeV e 0,542

e, de propriedades específicas de núcleos finitos3. Para contornar esses problemas, Boguta e

Bodmer [12] acrescentaram ao modelo linear de Walecka autointerações cúbicas e quárticas no

campo mesônico escalar introduzindo consequentemente mais duas constantes de acoplamento

na teoria, abrindo assim a possibilidade da obtenção de valores mais razoáveis para tais gran-

dezas. Uma outra alternativa ao modelo linear de Walecka sãoos modelos nos quais não há

autointerações mesônicas, porém as constantes de acoplamento são dependentes da densidade

ou do campoσ [13, 14].

Por questão de simplicidade, nesta tese nos restringiremosaos modelos hadrônicos onde as

constantes de acoplamento não variam com o meio nuclear. Assim, apresentamos na próxima

seção a descrição dos modelos não lineares de Walecka baseados nesta consideração e no regime

de temperatura nula.

2Valor normalizado pela massa do nucleon dada porM = 939 MeV.
3Calculados quando o modelo leva em conta a distinção entre prótons e nêutrons assim como a interação

coulombiana.
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1.1 Descrição dos modelos

A densidade lagrangiana que descreve os modelos não lineares de Walecka que serão utili-

zados nesta tese é escrita, de uma forma generalizada, como forma,

L = Lnm+Lσ +Lω +Lρ +Lσωρ , (1.2)

onde

Lnm = ψ(iγµ∂µ −M)ψ −gσ σψψ −gωψγµωµ ψ − gρ

2
ψγµ~ρµ~τψ, (1.3)

Lσ =
1
2
(∂ µσ∂µ σ −m2

σ σ2)− A
3

σ3− B
4

σ4, (1.4)

Lω = −1
4

FµνFµν +
1
2

m2
ωωµωµ +

c
4
(g2

ωωµ ωµ)2, (1.5)

Lρ = −1
4
~Bµν~Bµν +

1
2

m2
ρ~ρµ~ρµ e (1.6)

Lσωρ = −gσ g2
ωσωµωµ

(

α1−
1
2

α1
′gσ σ

)

−gσ g2
ρ σ~ρµ~ρµ

(

α2−
1
2

α2
′gσ σ

)

+
1
2

α3
′g2

ωg2
ρωµ ωµ~ρµ~ρµ (1.7)

são os termos que representam, respectivamente, as interações entre os nucleons e os mésons,

a parte cinética e autointerações dos mésonsσ , ω, a parte cinética do mésonρ e finalmente

as interações cruzadas entre os mesmos. A massa do nucleon é denotada porM e a dos mé-

sons pormi com i = σ , ω e ρ . Os tensoresFµν e ~Bµν são dados porFµν = ∂ν ωµ − ∂µ ων e

~Bµν = ∂ν~ρµ −∂µ~ρν . O isospin do nucleon é dado por~τ e a seta nesta quantidade e no campo

~ρ indica que estas grandezas são de origem vetorial também no espaço do isospin.

Note que os modelos descritos pela densidade lagrangiana acima possuem um grau de sofis-

ticação a mais em relação àqueles descritos na referência [12], no sentido em que autointerações

e interações cruzadas entre os mésons são levadas em conta. Ainclusão de tais termos tem efeito

direto já na matéria nuclear em temperatura nula. Por exemplo, o termo que contém a autoin-

teração do mésonω, cuja intensidade é regulada pelo parâmetroc, é importante no regime de

altas densidades. Uma das aplicações de tais modelos nesta região é a descrição de estrelas de

nêutrons e uma de suas propriedades, sua massa máxima, é diretamente influenciada pelo valor

dec [15]. Com respeito aos termos de interação cruzada, sabe-setambém que a interação entre

os mésonsρ e ω, controlada porα ′
3, altera a compactação das estrelas na medida em que influi

no raio das mesmas. Além disso, tal interação favorece à suaviação da energia de simetria dos
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modelos em função da densidade [16]. Na verdade, a energia desimetria tem sua dependência

com relação à densidade também modificada pelos termos referentes às interações do mésonρ
com o mésonσ , controladas pelas constantesα2 e α ′

2 [17].

Como caso particular, os modelos não lineares mais simples onde apenas as autointerações

cúbicas e quárticas do campoσ são consideradas [12], são recuperados fazendo

c = α1 = α2 = α1
′ = α2

′ = α3
′ = 0. (1.8)

Também é possível obter os modelos lineares de Walecka fazendo uso deA= B = 0, adicional-

mente à condição (1.8).

Os campos da teoria determinados a partir da equação de Euler-Lagrange,

∂µ
∂L

∂ (∂µQi)
− ∂L

∂Qi
= 0, (1.9)

devem satisfazer às seguintes equações não lineares:

(∂µ∂ µ +m2
σ )σ = −gσ ψψ −Aσ2−Bσ3−gσ g2

ωωµ ωµ(α1−α1
′gσ σ)

− gσ g2
ρ~ρµ~ρµ(α2−α2

′gσ σ) , (1.10)

∂νFµν −m2
ωωµ = −gωψγµψ +cgω(gωωµ)3−gσ g2

ωσωµ(2α1−α1
′gσ σ)

+ α3
′g2

ωg2
ρ~ρµ~ρµωµ , (1.11)

∂νBµν −m2
ρ~ρ

µ = −gρ

2
ψγµ~τψ −gσ g2

ρσ~ρµ(2α2−α2
′gσ σ)+α3

′g2
ωg2

ρωµ ωµ~ρµ (1.12)

e
[

γµ(i∂µ −Σµ)−M∗]ψ = 0. (1.13)

A interpretação dada à equação do campo fermiônicoψ é a de uma equação que representa um

nucleon de massa efetivaM∗ = M+S= M+gσ σ que agora varia com a densidade (ou potencial

químico) e temperatura4 e, além disso, com seu quadri-momento modificado pela quantidade

Σµ = gωωµ +
gρ
2 ~ρµ~τ. Note que a estrutura da equação de Dirac (1.13) sugere queS= gσ σ

desloca a massa do nucleon permitindo sua variação de acordocom o campoσ . Essa definição

de massa efetiva, também chamada de massa de Dirac [18], é puramente relativística. Várias

outras definições deM∗, incluindo a de origem não relativística5, podem ser encontradas em

[18]. No contexto exclusivamente relativístico, o valor deM∗ torna-se importante na medida

em que está diretamente relacionado com a separação spin-órbita de núcleos finitos [19].

4A dependência da massa efetiva com a temperatura será analisada no capítulo 3.
5Tratada no capítulo 2.
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Uma abordagem amplamente utilizada em modelos relativísticos para a tratamento das

equações de campo (1.10)-(1.13) é a utilização da chamada aproximação de campo médio

(ACM) [5, 20], onde os campos da teoria são substituídos por seus respectivos valores médios.

Fisicamente, a descrição do método está na suposição que os nucleons estão submetidos à ação

de uma interação média entre si, ou seja, cada partícula sente a mesma interação independente

de sua quantidade ou da posição das demais, no caso de tratarmos de sistemas espacialmente

uniformes como os que estão em estudo nesta tese (matéria nuclear infinita). A validade da

ACM é maior a medida em que o sistema torna-se mais denso [5, 20]. Com isso, reescrevem-se

os campos mesônicos como:

σ → 〈σ〉 ≡ σ , ωµ →
〈

ωµ
〉

≡ ω0, e ~ρµ →
〈

~ρµ
〉

≡ ρ̄0, (1.14)

todos independentes da posição. Devido à invariância rotacional, as componentes espaciais dos

quadri-vetoresωµ e ~ρµ anulam-se na média6. Ainda na ACM considera-se também que as

fontes dos campos mesônicos são substituídas por seus valores médios, o que resulta em

ψψ → 〈ψψ〉 = ρs, ψγµ ψ → 〈ψγµψ〉 = ψγ0ψ = ρ e (1.15)

ψγµ~τψ → 〈ψγµ~τψ〉 = ψγ0τ3ψ = ρ3, (1.16)

comρs = ρsp+ρsn eρ = ρp+ρn sendo a soma das densidades escalares e vetoriais de prótons

e nêutrons, respectivamente eρ3 = ρp−ρn = (2y−1)ρ , sua diferença. A terceira componente

de isospin,τ3, é igual a 1 para ṕrotons e−1 para nêutrons. A fração de prótons do sistema é

definida comoy = ρp/ρ e as densidades de cada espécie são dadas por

ρsp,n =
γM∗

2π2

∫ kF p,n

0

k2dk
√

k2+M∗2
(1.17)

=
γM∗k2

F p,n

2π2

∫ 1

0

x2dx√
x2 +z2

=
γM∗k2

F p,n

2π2

[√
1+z2

2
− z2

2
ln

(

1+
√

1+z2

z

)]

e

ρp,n =
γ

2π2

∫ kF p,n

0
k2dk=

γ
6π2k3

F p,n. (1.18)

As variáveis auxiliares são dadas porx = k/kF p,n ez= M∗/kF p,n e o fator de degenerescência,

γ, é igual a 2 para a matéria assimétrica e 4 para a simétrica. Assim, as equações de campo

6A notação usada para designar o campoρ̄0 na aproximação de campo médio, foi escolhida para diferenciar
esta quantidade da densidade de saturação da matéria nuclear ρ0.
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descritas em (1.10)-(1.13) são simplificadas para

m2
σ σ = −gσ ρs−Aσ2−Bσ3−gσ g2

ωω2
0(α1−α1

′gσ σ)−gσ g2
ρ ρ̄2

0(α2−α2
′gσ σ) ,(1.19)

m2
ωω0 = gωρ −cgω(gωω0)

3+gσ g2
ωσω0(2α1−α1

′gσ σ)−α3
′g2

ωg2
ρ ρ̄2

0ω0, (1.20)

m2
ρ ρ̄0 =

gρ

2
ρ3+gσ g2

ρσρ̄0(2α2−α2
′gσ σ)−α3

′g2
ωg2

ρ ρ̄0ω2
0 (1.21)

e
[

γµ(i∂µ −Σ0)−M∗]ψ = 0, (1.22)

com

Σ0 ≡V = gωω0+
gρ

2
ρ̄0τ3. (1.23)

A expressão da massa efetiva do nucleon pode ser reescrita emtermos da equação de campo

paraσ na ACM, gerando então

M∗ = M−G2
σ

[

ρs+a(∆M)2+b(∆M)3+g2
ωω2

0(α1−α1
′∆M)+g2

ρ ρ̄2
0(α2−α2

′∆M)
]

, (1.24)

com∆M = M∗−M, G2
σ = g2

σ/m2
σ , a = A/g3

σ e b = B/g4
σ . Para os modelos não lineares sem

interação cruzada entre os campos, (equação 1.8), a forma funcional de (1.24) reduz-se à7

M∗ = M−G2
σ
[

ρs+a(∆M)2+b(∆M)3] , (1.25)

As equações de estado dos modelos não lineares, que serão apresentadas a seguir, são então

determinadas para cada densidadeρ e fração de prótonsy, a partir da solução simultânea do

conjunto de equações definido em (1.19)-(1.21). Note que (1.19) pode ser substituída pela

equação autoconsistente da massa efetiva dada em (1.24), jáqueσ = ∆M/gσ .

1.2 Densidade de energia, pressão e incompressibilidade

O tensor momento-energia, definido por

Tµν = −gµνL+∑
i

∂L

∂ (∂µQi)
∂νQi , (1.26)

7Válido também para modelos nos quaisc 6= 0.
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para os modelos não lineares, é descrito na ACM com o uso da equação do campoψ dada em

(1.22) como sendo

TACM
µν = −gµν

[

−m2
σ

2
σ2− A

3
σ3− B

4
σ4+

m2
ω

2
ω2

0 +
c
4
(g2

ωω2
0)2+

1
2

m2
ρ ρ̄2

0 +
1
2

α3
′g2

ωg2
ρω2

0 ρ̄2
0

− gσ g2
ωσω2

0

(

α1−
1
2

α1
′gσ σ

)

−gσ g2
ρ σρ̄2

0

(

α2−
1
2

α2
′gσ σ

)]

+ iψγµ∂ν ψ.

A partir desta quantidade fundamental é possível determinar uma expressão para a densidade

de energia dos modelos, já que tais grandezas estão relacionadas porE = 〈T00〉. Assim, temos

que

E =
1
2

m2
σ σ2+

A
3

σ3+
B
4

σ4− 1
2

m2
ωω2

0 −
c
4
(g2

ωω2
0)2− 1

2
m2

ρ ρ̄2
0 −

1
2

α3
′g2

ωg2
ρω2

0 ρ̄2
0

+ gσ g2
ωσω2

0

(

α1−
1
2

α1
′gσ σ

)

+gσ g2
ρ σρ̄2

0

(

α2−
1
2

α2
′gσ σ

)

+ i
〈

ψγ0∂0ψ
〉

.(1.27)

Porém,

i
〈

ψγ0∂0ψ
〉

= gωω0ρ +
gρ

2
ρ̄0ρ3+

γ
2π2 ∑

j=p,n

∫ kF j

0
k2(k2+M∗)1/2dk, (1.28)

logo,

E =
1
2

m2
σ σ2+

A
3

σ3+
B
4

σ4− 1
2

m2
ωω2

0 −
c
4
(g2

ωω2
0)2− 1

2
m2

ρ ρ̄2
0 +gωω0ρ +

gρ

2
ρ̄0ρ3

+ gσ g2
ωσω2

0

(

α1−
1
2

α1
′gσ σ

)

+gσ g2
ρ σρ̄2

0

(

α2−
1
2

α2
′gσ σ

)

− 1
2

α3
′g2

ωg2
ρω2

0 ρ̄2
0

+ E
p
cin+E

n
cin, (1.29)

com

E
p,n
cin =

γ
2π2

∫ kF p,n

0
k2(k2+M∗)1/2dk (1.30)

=
γk4

F p,n

2π2

∫ 1

0
x2(x2 +z2)1/2dx=

γk4
F p,n

2π2

[

(

1+
z2

2

)

√
1+z2

4
− z4

8
ln

(

1+
√

1+z2

z

)]

sendo as energias cinéticas de prótons e nêutrons.

A partir desta expressão geral é possível recuperar o caso particular dos modelos do tipo

σ3−σ4, onde

E =
1
2

G2
ωρ2 +

1
8

G2
ρ(2y−1)2ρ2+

(∆M)2

2G2
σ

+
a(∆M)3

3
+

b(∆M)4

4
+E

p
cin+E

n
cin, (1.31)



1.2 Densidade de energia, pressão e incompressibilidade 14

comG2
ω = g2

ω/m2
ω eG2

ρ = g2
ρ/m2

ρ .

Outra importante quantidade termodinâmica, a pressão, também é derivada do tensorTµν

a partir deP = 〈Tii〉/3. Sua expressão é dada por

P = −1
2

m2
σ σ2− A

3
σ3− B

4
σ4+

1
2

m2
ωω2

0 +
c
4
(g2

ωω2
0)2+

1
2

m2
ρ ρ̄2

0 +
1
2

α3
′g2

ωg2
ρω2

0 ρ̄2
0

− gσ g2
ωσω2

0

(

α1−
1
2

α1
′gσ σ

)

−gσ g2
ρσρ̄2

0

(

α2−
1
2

α2
′gσ σ

)

+
i
3

〈

ψγ i∂iψ
〉

, (1.32)

com

i
〈

ψγ i∂iψ
〉

=
γ

2π2 ∑
j=p,n

∫ kF j

0
k2(k2+M∗)1/2dk− ∑

j=p,n
M∗ρsj . (1.33)

Assim, temos finalmente que

P = −1
2

m2
σ σ2− A

3
σ3− B

4
σ4+

1
2

m2
ωω2

0 +
c
4
(g2

ωω2
0)2+

1
2

m2
ρ ρ̄2

0 +
1
2

α3
′g2

ωg2
ρω2

0 ρ̄2
0

− gσ g2
ωσω2

0

(

α1−
1
2

α1
′gσ σ

)

−gσ g2
ρσρ̄2

0

(

α2−
1
2

α2
′gσ σ

)

+Pp
cin+Pn

cin, (1.34)

onde

Pp,n
cin =

γ
6π2

∫ kF p,n

0

k4dk

(k2+M∗)1/2
(1.35)

=
γk4

F p,n

6π2

∫ 1

0

x4dx

(x2 +z2)1/2
=

γk4
F p,n

6π2

[

(

1− 3z2

2

)

√
1+z2

4
+

3z4

8
ln

(

1+
√

1+z2

z

)]

são as pressões cinéticas de prótons e nêutrons. Novamente,a pressão dos modelos do tipo

σ3−σ4 é dada por

P =
1
2

G2
ωρ2+

1
8

G2
ρ(2y−1)2ρ2− (∆M)2

2G2
σ

− a(∆M)3

3
− b(∆M)4

4
+Pp

cin+Pn
cin. (1.36)

Mais uma grandeza de grande interesse na Física Nuclear, a incompressibilidade (ou mó-

dulo de compressão), está associada com o movimento coletivo [21] dos prótons e nêutrons de

um núcleo e experimentalmente é determinada pela análise das chamadas ressonâncias gigan-

tes de monopolo (GMR da sigla em inglês8) em núcleos pesados [22]. De uma forma geral, tal

grandeza está associada a quanto o volume (ou densidade) de um sistema varia devido à pressão

exercida sobre o mesmo. Existem algumas expressões, todas equivalentes, para a determinação

da incompressibilidade da matéria nuclear, mas devido à estrutura das equações (1.29) e (1.34),

8Giant monopole ressonance.
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torna-se mais conveniente calcular tal quantidade utilizando a seguinte forma

K = 9

[

∂ (E+P)

∂ρ
− E+P

ρ

]

, (1.37)

válida apenas para sistemas à temperatura nula9. Como estamos interessados no valor deK para

a matéria nuclear simétrica, os cálculos serão realizados já levando em conta o valor dey= 1/2

(o que também gerakF p = kFn = kF ), ou equivalentemente,ρ3 = 0, nas expressões (1.29) e

(1.34). Com isso, temos que

K = 9

[

gωρ
∂ω0

∂ρ
+

k2
F

3(k2
F +M∗2)1/2

+
ρM∗

(k2
F +M∗2)1/2

∂M∗

∂ρ

]

, (1.38)

onde foi usada a relaçãoEcin+Pcin = (k2
F +M∗)1/2ρ . A derivada da massa efetiva com relação

à densidade é

∂M∗

∂ρ
= gσ

∂σ
∂ρ

. (1.39)

A derivada∂σ/∂ρ , juntamente com as demais derivadas dos campos mesônicos com relação a

ρ são obtidas no Apêndice B, onde expressões simplificadas para os casos dos modelos do tipo

σ3−σ4 são mostradas.

1.3 Potenciais químicos

O potencial químico é definido como sendo a energia necessária para adicionar ou retirar

uma partícula ao sistema. Logo, para o caso em que tais partículas são os nucleons, tal grandeza

é escrita como

µi =
∂E

∂ρi
, i = p,n. (1.40)

Usando (1.29), chega-se à seguinte expressão para os potenciais químicos de prótons e nêutrons

dos modelos não lineares de Walecka,

µi = c1
∂σ
∂ρi

+c2
∂ω0

∂ρi
+c3

∂ ρ̄0

∂ρi
+

∂ (Ep
cin+En

cin)

∂ρi
+c4

∂ρ
∂ρi

+c5
∂ρ3

∂ρi
(1.41)

9ParaT 6= 0, a expressão é modificada substituindo-se a densidade de energia,E pela densidade de energia livre
de Helmholtz,f = E−TS, comS sendo a densidade de entropia. Neste caso geral, valeK = 9∂P

∂ρ .
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com

c1 = m2
sσ +Aσ2+Bσ3+gσ g2

ωω2
0(α1−α1

′gσ σ)+gσ g2
ρ ρ̄2

0(α2−α2
′gσ σ) = −gσ ρs,(1.42)

c2 = −m2
ωω0−cgω(gωω0)

3+gσ g2
ωσω0(2α1−α1

′gσ σ)−α3
′g2

ωg2
ρ ρ̄2

0ω0 +gωρ = 0,(1.43)

c3 = −m2
ρ ρ̄0+gσ g2

ρσρ̄0(2α2−α2
′gσ σ)−α3

′g2
ωg2

ρ ρ̄0ω2
0 +

gρ

2
ρ3 = 0, (1.44)

c4 = gωω0 e c5 =
gρ

2
ρ̄0. (1.45)

Usando que

∂ (E
p
cin+En

cin)

∂ρi
= (k2

F +M∗2)1/2+ρs
∂M∗

∂ρi
, (1.46)

juntamente com a expressão da derivada da massa efetiva, dada em (1.39) e ainda as seguin-

tes derivadas,∂ρ/∂ρi = 1 e ∂ρ3/∂ρi = ±1 com o sinal positivo (negativo) utilizado quando

tratamos de prótons (nêutrons), chega-se finalmente à

µp = (k2
F +M∗2)1/2 +gωω0 +

gρ

2
ρ̄0 e (1.47)

µn = (k2
F +M∗2)1/2 +gωω0−

gρ

2
ρ̄0. (1.48)

O potencial químico total do sistema é dado em termos de (1.47) e (1.48) através deµ = yµp +

(1−y)µn.

1.4 Energia de simetria e suas derivadas

A energia de simetria é definida por

Esym=
1
2

ρ
(

∂ 2E

∂ρ2
3

)

ρ3=0

. (1.49)

Para os modelos não lineares de Walecka, o cálculo desta quantidade pode ser realizado da

da seguinte forma: a derivada∂E/∂ρ3 é obtida de maneira análoga ao cálculo realizado para os

potenciais químicos feito na seção anterior. A diferença neste procedimento é o resultado

∂ (Ep
cin+En

cin)

∂ρ3
=

1
2
(E∗

F p−E∗
Fn)+ρs

∂M∗

∂ρ3
, (1.50)



1.4 Energia de simetria e suas derivadas 17

comE∗
F p,n = (k2

F p,n+M∗2)1/2, que é utilizado para se obter

∂E

∂ρ3
=

1
2
(E∗

F p−E∗
Fn)+

gρ

2
ρ̄0. (1.51)

A partir daí é encontrada a derivada segunda da densidade de energia, dada por,

∂ 2E

∂ρ2
3

=
1
2

(

π2

2E∗
F pkF p

+
M∗

E∗
F p

∂M∗

∂ρ3
+

π2

2E∗
FnkFn

− M∗

E∗
Fn

∂M∗

∂ρ3

)

+
gρ

2
∂ ρ̄0

∂ρ3
. (1.52)

Como a energia de simetria é definida emρ3 = 0, chega-se finalmente à

Esym=
k2

F

6(k2
F +M∗2)1/2

+
g2

ρ

8m∗
ρ

2ρ, (1.53)

ondem∗
ρ

2 = m2
ρ −gσ g2

ρ σ(2α2−α ′
2gσ σ)+α ′

3g2
ωg2

ρ ω2
0 é a massa efetiva do mésonρ . No caso

de modelos do tipoσ3−σ4 esta grandeza reduz-se am∗
ρ = mρ .

A partir de (1.53), obtém-se sua inclinação e curvatura, respectivamente dadas por

L = 3ρ
(

∂Esym

∂ρ

)

=
k2

F

3E∗
F
− k4

F

6E∗
F

3

(

1+
2M∗kF

π2

∂M∗

∂ρ

)

+
3g2

ρ

8m∗
ρ

2ρ −
3g2

ρ

8m∗
ρ

4

∂m∗
ρ

2

∂ρ
ρ2 (1.54)

e

Ksym = 9ρ2
(

∂ 2Esym

∂ρ2

)

= 9ρ2

{

− π2

12E∗
F

3kF

(

π2

kF
+2M∗∂M∗

∂ρ

)

− π4

12E∗
Fk4

F

−
g2

ρ

4m∗
ρ

4

∂m∗
ρ

2

∂ρ

−
[

π4

24E∗
F

3k2
F

− kFπ2

8E∗
F

5

(

π2

kF
+2M∗∂M∗

∂ρ

)

]

(

1+
2M∗kF

π2

∂M∗

∂ρ

)

+
g2

ρ

4m∗
ρ

6

(

∂m∗
ρ

2

∂ρ

)2

ρ

− kFπ2

12E∗
F

3

[

M∗

k2
F

∂M∗

∂ρ
+

2kF

π2

(

∂M∗

∂ρ

)2

+
2kFM∗

π2

∂ 2M∗

∂ρ2

]

−
g2

ρ

8m∗
ρ

4

∂ 2m∗
ρ

2

∂ρ2 ρ

}

, (1.55)

todos calculados na densidade de saturaçãoρ0. A partir deL eKsym, outra importante grandeza

definida porKτ = Ksym−6L pode ser obtida e, juntamente com outras quantidades, igualmente

definidas na densidade de saturação tais comoK, Esym e K′ (que será apresentado na seção

posterior), podem ser utilizadas para selecionar modelos apartir de vínculos experimentais bem

estabelecidos. Tal estudo é feito com detalhes para os modelos não relativísticos de Skyrme nas

referências [23, 24].
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1.5 Coeficiente de skewness

Por fim, o coeficiente de skewness dos modelos não lineares é dado por

K′ = 27ρ3∂ 3(E/ρ)

∂ρ3 = 27ρ3
[

1
ρ

∂ 3
E

∂ρ3 −
3

ρ2

∂ 2
E

∂ρ2 +
6

ρ3

∂E

∂ρ
− 6E

ρ4

]

, (1.56)

com

∂E

∂ρ
= E∗

F +gωω0,

∂ 2E

∂ρ2 = gω
∂ω0

∂ρ
+

1
2E∗

F

(

π2

kF
+2M∗∂M∗

∂ρ

)

e

∂ 3E

∂ρ3 = gω
∂ 2ω0

∂ρ2 − 1

4E∗
F

3

(

π2

kF
+2M∗∂M∗

∂ρ

)2

+
1

2E∗
F

[

− π4

2k4
F

+2

(

∂M∗

∂ρ

)2

+2M∗∂ 2M∗

∂ρ2

]

,

segundo a expressão (1.29).

1.6 Parametrizações utilizadas

Algumas propriedades relativas ao ponto de saturação da matéria nuclear dos modelos não

lineares de Walecka que serão utilizados nos próximos capítulos desta tese, são listadas na

tabela 1.1.

Modelo ρ0 Be m∗ K Esym Ltes Ksymt K′te
(fm−3) (MeV) (MeV) (MeV) (MeV) (MeV) (MeV)

Walecka [25] 0,150 −15,75 0,54 554,38 19,42 68,87 92,98 2131,04
NLB [26] 0,148 −15,75 0,61 420,00 35,00 108,26 54,94 727,93
NL2 [27] 0,146 −17,03 0,67 399,20 43,90 129,66 20,10 68,42
NLSH [28] 0,146 −16,35 0,60 355,36 36,10 113,68 79,83 602,90
TM2 [29] 0,132 −16,16 0,57 343,82 35,98 113,03 56,07 265,60
TM1 [29] 0,145 −16,26 0,63 281,16 36,89 110,79 33,62 −285,22
NLB1 [27] 0,162 −15,74 0,62 280,00 33,00 102,51 76,15 108,61
NL3 [28] 0,148 −16,30 0,60 271,76 37,40 118,53 100,88 202,91
MS [30] 0,148 −15,75 0,60 249,97 35,00 106,75 38,56 −161,37
NLB2 [27] 0,162 −15,73 0,56 245,10 33,00 111,30 158,94 542,60
FSUGold [31] 0,148 −16,28 0,61 229,54 32,56 60,44 −51,40 −523,93
NLC [26] 0,148 −15,75 0,63 225,00 35,00 107,97 76,91 −278,13
NL1 [27] 0,152 −16,42 0,57 211,70 43,50 140,07 142,68 −32,69
NLZ2 [32] 0,151 −16,07 0,58 172,00 39,00 125,82 140,62 −412,31

Tabela 1.1:Propriedades de saturação para os 14 modelos hadrônicos utilizados.

Os modelos de Walecka e NLZ2 foram selecionados por apresentarem valores extremos
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de incompressibilidade (554 e 172 MeV), indicando assim equações de estado muito “duras”

e “suaves”. As demais parametrizações são portanto intermediárias nesse sentido. Ainda com

relação ao modelo linear de Walecka, note que dentre todos, este é o que apresenta menor

energia de simetria. Isso é devido ao fato de que escolhemos como nula sua constante de

acoplamentogρ , o que automaticamente causa tal redução já que um termo positivo deixa de

ser somado na expressão (1.53). O mesmo já não ocorre nos demais modelos, cujas constantes

de acoplamento necessárias para a definição das equações de estado são apresentadas na tabela

1.2 a seguir.

Modelo M G2
σ G2

ω G2
ρ a btes ctes

(MeV) (10−4MeV−2) (10−4MeV−2) (10−4MeV−2) (MeV) ×10−3 ×10−3

Walecka 939,0 4,020 3,076 − − − −
NLB 939,0 3,624 2,593 1,229 −0,451 0,146 −
NL2 938,0 3,248 2,163 1,990 −0,606 2,001 −
NLSH 939,0 3,916 2,711 1,323 −1,199 −1,297 −
TM2 938,0 4,747 3,495 1,477 −0,581 0,266 1,841
TM1 938,0 3,849 2,595 1,448 −1,415 0,061 2,817
NLB1 938,9 3,480 2,281 0,952 −2,193 −2,840 −
NL3 939,0 4,009 2,671 1,387 −1,971 −2,668 −
MS 939,0 4,250 2,955 1,213 −1,321 0,120 3,940
NLB2 938,9 3,994 2,689 0,851 −2,044 −3,143 −
FSUGold 939,0 4,645 3,341 2,379 −0,710 3,967 10,000
NLC 939,0 3,804 2,442 1,262 −2,661 −3,644 −
NL1 938,0 4,257 2,806 1,694 −2,280 −3,405 −
NLZ2 938,9 4,225 2,738 1,425 −2,609 −3,926 −

Tabela 1.2:Massa do nucleon e constantes de acoplamento usadas nos modelos hadrônicos, comG2
i = g2

i /m2
i

(i = σ ,ω ,ρ), a = A/g3
σ e b = B/g4

σ .

Todas as parametrizações usadas na tese apresentamα1 = α ′
1 = α2 = α ′

2 = α ′
3 = 0, com

exceção do modelo FSUGold, no qual o termo cruzado de interação entre os camposωµ e~ρµ

tem sua intensidade controlada pela constante adimensional α ′
3g2

ρ = (0,06)(11,767)2 = 8,308.

Note ainda que há uma diferença de sinal entre as constantesa apresentadas na tabela 1.2 e

aquelas contidas nas referências [26, 30, 31]. Isso se deve ao fato de que nesses trabalhos a

densidade lagrangiana dos modelos apresenta a constantegσ com sinal contrário em relação ao

desta tese (veja o termo de interação entre o mésonσ e o nucleon na equação 1.3). Assim, como

a= A/g3
σ é a única constante que depende degσ elevado a uma potência ímpar, a consequência

é a inversão do sinal deste parâmetro.



2 Modelos relativísticos de contato

Na física nuclear, modelos do tipo contato pressupõem que osnucleons interagem entre

si apenas quando em contato uns com os outros, ou seja, o alcance nesse caso é zero. Nesse

sentido não há a troca de mésons entre prótons e nêutrons. Do ponto de vista qualitativo, como

o alcance da interação nuclear é dado pelo inverso da massa dos mésons trocados, pode-se

pensar os modelos de contato como sendo aqueles em que a massados mésons envolvidos é

grande o suficiente para anular o alcance. Em sistemas não relativísticos, os modelos mais

conhecidos e utilizados baseados nesta fenomenologia são os modelos de Skyrme, usados com

sucesso na descrição de núcleos finitos e propriedades da matéria nuclear [2, 3, 33, 34, 35, 36].

Curiosamente, os modelos de Skyrme exibem similaridades com a teoria do funcional densidade

(DFT, da sigla em inglês1) [37, 38], como apontado pelos autores da referência [39]. Um estudo

sobre este tema, onde várias questões interessantes (e ainda sem resposta) sobre o método DFT

e sua aplicação direta na física nuclear em sistemas baseados na teoria de campos efetiva, foi

realizado nos trabalhos [40, 41].

No contexto relativístico, os modelos não lineares de contato (NLPC, da sigla em inglês2)

têm sido amplamente usados [42] no cálculo de observáveis dafísica nuclear, sendo seus re-

sultados qualitativamente comparáveis àqueles obtidos pelos modelos não lineares de Walecka,

designados a partir de agora por NLW3. Por não lineares, nos referimos aos modelos de contato

nos quais as autointerações entre o campos spinoriaisψ e ψ vão além de(ψψ)2. Em parti-

cular, trataremos neste capítulo dos modelos que apresentam também termos proporcionais a

A′(ψψ)3 e B′(ψψ)4 em sua densidade lagrangiana, comA′ e B′ constantes. Como um caso

particular para a matéria nuclear infinita, é possível mostrar que se tais termos são despreza-

dos, ou seja, se tratarmos apenas os modelos lineares de contato, suas equações de estado são

exatamente as mesmas obtidas pelo modelo linear de Walecka [43]. O mesmo resultado tam-

bém pode ser mostrado através de um limite hipermassivo das massas mesônicas no modelo de

Walecka, cujo procedimento está disponível nas publicações [44, 45]. Inspirados nos modelos

1Density functional theory.
2Nonlinear point-coupling models.
3Do inglês nonlinear Walecka models.
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relativísticos de alcance finito, ainda outras estruturas para os modelos de contato são possíveis,

como a versão na qual os parâmetros de acoplamento são dependentes da densidade [46].

Neste capítulo, cujas referências principais são os trabalhos publicados em [47, 48], investi-

garemos em duas etapas os modelos relativísticos de contatopara sistemas simétricos (y= 1/2)

em temperatura nula. Na primeira abordaremos os modelos NLPC e NLW comparativamente,

vinculando os primeiros a reproduzirem os mesmos observáveis da matéria nuclear infinita de

alguns modelos NLW apresentados no capítulo 1. Nosso objetivo é analisar como as equações

de estado dos modelos NLPC se comportam sob tais condições. Ainda nessa linha e, para anali-

sar mais profundamente a relação entre NLPC e NLW além dos cálculos puramente numéricos,

traremos à discussão um modelo gerador dos NLPC, chamado aqui de MNLW4, que é uma mo-

dificação do modelo NLW. O conceito de naturalidade também será discutido e uma proposta de

conexão entre as constantes adimensionais dos modelos NLPCe NLW será apresentada a partir

da análise da naturalidade das constantes oriundas do modelo MNLW. A outra etapa da análise

acerca dos modelos relativísticos de contato será a realização do limite não relativístico dos

mesmos e posterior comparação das equações de estado, geradas a partir deste procedimento,

com as equações exatas dos NLPC e com as dos modelos de Skyrme.

2.1 Descrição dos modelos e equações de estado

Os modelos não lineares de contato usados neste capítulo sãouma generalização dos mo-

delos lineares representados pela densidade lagrangiana dada por

LPC = ψ(iγµ∂µ −M)ψ − 1
2

G′
ω

2
(ψγµψ)2 +

1
2

G′
σ

2
(ψψ)2. (2.1)

Como já mencionado, tal expressão pode ser obtida diretamente da densidade lagrangiana de

Walecka pelo do uso da aproximação de campo médio [43], ou a partir de um limite de massas

mesônicas muito grandes [44, 45]. Uma pergunta natural que pode ser feita é se a densidade

lagrangiana que usaremos para definir os modelos não lineares de contato, dada por

LNLPC = ψ(iγµ∂µ −M)ψ − 1
2

G′
ω

2
(ψγµ ψ)2+

1
2

G′
σ

2
(ψψ)2 +

A′

3
(ψψ)3+

B′

4
(ψψ)4, (2.2)

é obtida pelo uso do mesmo limite, aplicado agora aos modelosnão lineares de Walecka de

autointerações mesônicas do tipoσ3−σ4, ou seja, naqueles nos quaisc = α1 = α2 = α1
′ =

4Da sigla em inglês modified nonlinear Walecka model.
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α2
′ = α3

′ = gρ = Lρ = 0 na expressão (1.2). A resposta é não. Porém, tal resultado éalcançado

se o limite em questão for aplicado à seguinte densidade lagrangiana modificada [44, 45]

LMNLW = LWalecka−
A′

3

(

m2
σ

gσ

)3

σ3 f (σ)− B′

4

(

m2
σ

gσ

)4

σ4g(σ), (2.3)

com

f (σ) =

[

1+
3g2

σ
m2

σ

(

ψψ
gσ σ

)

+
3gσ

4

m4
σ

(

ψψ
gσ σ

)2
]

, (2.4)

g(σ) =

[

1+
4g2

σ
m2

σ

(

ψψ
gσ σ

)

+
6gσ

4

m4
σ

(

ψψ
gσ σ

)2

+
4gσ

6

m6
σ

(

ψψ
gσ σ

)3
]

(2.5)

eLWaleckasendo a densidade lagrangiana linear de Walecka paray = 1/2, dada pela expressão

(1.2) comA = B = c = α1 = α2 = α1
′ = α2

′ = α3
′ = gρ = Lρ = 0. Tal limite é tomado

juntamente com o uso do formalismo das integrais funcionaispara a eliminação dos graus de

liberdade mesônicos da teoria, resultando então em um sistema puramente fermiônico descrito

por (2.2) [44, 45].

A partir de (2.2) e usando os mesmos procedimentos tomados nocapítulo 1, é possível de-

rivar todas as quantidades termodinâmicas dos modelos NLPCassim como feito anteriormente

para os modelos NLW. Apresentamos aqui três destas grandezas, a saber, pressão, densidade de

energia e incompressibilidade, dadas respectivamente por

P =
1
2

G′
ω

2ρ2− 1
2

G′
σ

2ρ2
s −

2
3

A′ρ3
s −

3
4

B′ρ4
s +

γ
6π2

∫ kF

0

k4dk

(k2+M∗2)1/2
, (2.6)

E =
1
2

G′
ω

2ρ2+
1
2

G′
σ

2ρ2
s +

2
3

A′ρ3
s +

3
4

B′ρ4
s +

γ
2π2

∫ kF

0
k2(k2+M∗2)1/2dk e (2.7)

K = 9G′
ω

2ρ +
3k2

F

E∗
F
− 9M∗2

E∗
F

2





(G′
σ

2+2A′ρs+3B′ρ2
s )ρ

1+3(G′
σ

2+2A′ρs+3B′ρ2
s )
(

ρs
M∗ − ρ

E∗
F

)



 (2.8)

comγ = 4, E∗
F = (k2

F +M∗2)1/2 e a massa efetiva satisfazendo a equação autoconsistente dada

por

M∗ = M−G′
σ

2ρs−A′ρ2
s −B′ρ3

s . (2.9)

As densidades escalar e vetorial,ρs e ρ , são definidas da mesma forma como no caso dos

modelos NLW, equações (1.17) e (1.18). O mesmo ocorre para asintegrais correspondentes aos

termos cinéticos da pressão e densidade de energia. Veja as equações (1.30) e (1.35).
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2.2 Análise dimensional ingênua

Nesta seção abordaremos os modelos NLW e NLPC do ponto de vista da análise dimen-

sional ingênua (NDA5) [49, 50], que consiste em verificar se as constantes de acoplamento

de uma teoria qualquer, após serem propriamente convertidas em coeficientes adimensionais,

apresentam magnitude da ordem da unidade. Quando isso ocorre, o modelo em questão é dito

ser natural e, consequentemente, a adição de termos de ordens superiores nos campos da teoria

não deve modificar a descrição física do sistema. Em outras palavras, se o modelo é tido como

natural, termos não considerados na densidade lagrangiananão são importantes, ou melhor,

determinantes.

De uma forma geral, cada termo nas respectivas densidades lagrangianas dos modelos NLW

e NLPC pode ser escrito como [51]

g
1
m!

1
n!

f 2
π Λ2

(

ψψ
f 2
π Λ

)l ( σ
fπ

)m(ω
fπ

)n(∂
Λ

)p

, (2.10)

com fπ = 92,5 MeV sendo a constante de decaimento do píon no vácuo eΛ = 770 MeV

tomado como o valor da massa do mésonρ . Assim, pode-se escrever (2.2) e (1.2) em termos

dos adimensionaisg da seguinte forma

LNLPC = −1
2

G′
ω

2
(ψγµ ψ)2+

1
2

G′
σ

2
(ψψ)2 +

A′

3
(ψψ)3+

B′

4
(ψψ)4 = −g1 f 2

π Λ2
(

ψψ
f 2
π Λ

)2

+ g2 f 2
π Λ2

(

ψψ
f 2
π Λ

)2

+g3 f 2
π Λ2

(

ψψ
f 2
π Λ

)3

+g4 f 2
π Λ2

(

ψψ
f 2
π Λ

)4

, com (2.11)

g1 = f 2
π

G′
ω

2

2
, g2 = f 2

π
G′

σ
2

2
, g3 =

A′

3
f 4
π Λ, g4 =

B′

4
f 6
π Λ2 (2.12)

e

LNLW = −gωψγµωµ ψ −gσ σψψ − A
3

σ3− B
4

σ4 = −g1 f 2
π Λ2

(

ψψ
f 2
π Λ

)(

ω
fπ

)

− g2 f 2
π Λ2

(

ψψ
f 2
π Λ

)(

σ
fπ

)

−g3
f 2
π Λ2

3!

(

σ
fπ

)3

−g4
f 2
π Λ2

4!

(

σ
fπ

)4

, com (2.13)

g1 = mωGω
fπ
Λ

, g2 = mσ Gσ
fπ
Λ

, g3 =
2 fπ
Λ2 am3

σ G3
σ e g4 =

6 f 2
π

Λ2 bm4
σ G4

σ , (2.14)

5Da sigla em inglês naive dimensional analysis.
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onde são ignorados os termos derivativos e a matrizγµ nas densidades lagrangianas. Note que

as diferentes estruturas dos modelos NLW e NLPC são refletidas também nos adimensionaisgi

(i = 1,2,3,4) definidos em (2.14) e (2.12).

2.3 Comparação entre os modelos NLPC e NLW

A comparação apresentada a partir de agora, se dará entre os modelos NLPC e alguns

NLW já apresentados no capítulo 1. Mais especificamente, nosrestringiremos aos modelos não

lineares do tipoσ3−σ4. Começamos apresentando as parametrizações de tais modelos e quais

vínculos os modelos NLPC devem satisfazer nesta comparação.

2.3.1 Parametrizações dos modelos

Os modelos NLPC, objetos de estudo deste capítulo, são construídos de tal forma a repro-

duzirem os mesmos valores da densidade de saturação (ρ0), energia de ligação (Be), incom-

pressibilidade (K) e massa efetiva (m∗ = M∗/M) dos modelos NLW do tipoσ3−σ4. Estes

observáveis, juntamente com as constantes de acoplamento,são extraídos das tabelas 1.1 e 1.2

e exibidos na tabela 2.1 a seguir.

Modelo ρ0 Be m∗ K G2
ω G2

σ a btes
(fm−3) (MeV) (MeV) (10−4MeV−2) (10−4MeV−2) (MeV) ×10−3

NLB 0,148 −15,75 0,61 420,00 2,593 3,624 −0,451 0,146
NL2 0,146 −17,03 0,67 399,20 2,163 3,248 −0,606 2,001
NLSH 0,146 −16,35 0,60 355,36 2,711 3,916 −1,199 −1,297
NLB1 0,162 −15,74 0,62 280,00 2,281 3,480 −2,193 −2,840
NL3 0,148 −16,30 0,60 271,76 2,671 4,009 −1,971 −2,668
NLB2 0,162 −15,73 0,56 245,10 2,689 3,994 −2,044 −3,143
NLC 0,148 −15,75 0,63 225,00 2,442 3,804 −2,661 −3,644
NL1 0,152 −16,42 0,57 211,70 2,806 4,257 −2,280 −3,405
NLZ2 0,151 −16,07 0,58 172,00 2,738 4,225 −2,609 −3,926

Tabela 2.1:Propriedades de saturação e constantes de acoplamento paraos modelos não lineares do tipoσ3−σ4.

As constantes de acoplamento dos modelos de contato são mostradas na próxima tabela,

onde a notação utilizada para designar seus nomes segue a seguinte lógica. Os sufixos “-PC”

são usados para especificar que o modelo em questão é uma versão para o modelo de contato dos

NLW. Por exemplo, NLSH-PC é a versão de contato do não linear NLSH, ou seja, é construído

a partir da densidade lagrangiana (2.2) e possui os mesmos valores de NLSH paraρ0, Be, K e

m∗.
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Modelo G2
ω G2

σ A′testan B′testan
(10−4MeV−2) (10−4MeV−2) (10−11MeV−5) (10−17MeV−8)

NLB-PC 2,593 3,625 −2,194 0,069
NL2-PC 2,163 3,276 −3,367 −0,217
NLSH-PC 2,711 3,884 −5,430 2,104
NLB1-PC 2,281 3,424 −6,157 2,425
NL3-PC 2,671 3,944 −8,444 3,400
NLB2-PC 2,689 3,972 −9,855 5,408
NLC-PC 2,442 3,712 −8,834 3,889
NL1-PC 2,806 4,199 −11,917 6,588
NLZ2-PC 2,738 4,146 −12,509 6,787

Tabela 2.2:Constantes de acoplamento dos modelos relativísticos de contato.

Note que as tabelas 2.1 e 2.2 mostram uma característica curiosa sobre os modelos NLW

e NLPC. As constantes de acoplamentob e B′ tem sinais contrários, exceto para os modelos

NLB e NLB-PC. Como já mencionado pelos autores de [52], tal diferença de sinal pode ser

crucial para o aparecimento de um estado fundamental instável do sistema. Para o caso dos

modelos NLW que exibem o coeficiente associado ao termo de mais alta ordem no campoσ ,

tais soluções instáveis podem surgir em altas densidades, porém para os modelos aqui tratados

essas anomalias só devem aparecer em densidades longe de qualquer região física de interesse,

ρ > 10ρ0.

Na figura 2.1, mostramos uma comparação direta entre os modelos de contato e não line-

ares de Walecka através do gráfico da energia por partícula deambos. Perceba que quaisquer

modelos NLW e NLPC são praticamente indistinguíveis pelo menos até densidades um pouco

maiores que a densidade de saturação específica de cada par. Omesmo pode ser igualmente

verificado para outras quantidades (não mostradas aqui), tais como massa efetiva, pressão e

energia de simetria, todas em função da razãoρ/ρ0.
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Figura 2.1:Energia por partícula como função da razãoρ/ρ0 para os 9 modelos NLPC (curvas tracejadas) e
NLW (curvas cheias).

Do ponto de vista numérico, essa indistinguibilidade pode estar associada ao comporta-

mento exibido na figura 2.2, que mostra a razão entre a densidade escalar dos modelos NLW

e a dos NLPC também como função deρ/ρ0. Como se pode ver, tal razão é igual à unidade

até o limite de densidades um pouco maiores queρ0. Observa-se também que quanto maior a

incompressibilidade do modelo, maior a concordância paraρ/ρ0 > 1, seguindo um caminho

para a equivalência em todas as densidades no caso do modelo de Walecka, no qualK é alto.
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Figura 2.2:Razão da densidade escalar entre os modelos NLW e NLPC como função deρ/ρ0.

Para uma melhor análise do papel das constantes de acoplamento nos modelos NLW e
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NLPC, disponibilizamos na tabela 2.3 as contribuições individuais de cada termo da energia

por nucleon de ambos os modelos, o que é feito dividindo as expressões (2.7) e (1.31)6 por ρ .

Todas as parcelas são calculadas emρ = ρ0, sendo a soma portanto, igual à energia de ligação

de cada modelo7.

Modelo E1 E2 E3 E4 Ec

(MeV) (MeV) (MeV) (MeV) (MeV)

NLB-PC (NLB) 147,82 184,79(162,27) −16,07(6,48) 0,61(0,58) 606,11
NL2-PC (NL2) 121,35 167,43(131,50) −24,57(5,34) −1,91(4,11) 658,67
NLSH-PC (NLSH) 152,09 194,34(160,55) −38,38(18,88) 17,72(−5,75) 596,88
NLB1-PC (NLB1) 141,96 190,02(146,93) −53,55(26,67) 27,88(−9,24) 616,85
NL3-PC (NL3) 151,87 199,86(154,71) −61,24(30,61) 35,03(−11,67) 597,18
NLB2-PC (NLB2) 167,38 215,23(171,63) −82,71(38,58) 59,30(−18,38) 563,95
NLC-PC (NLC) 139,22 190,48(139,15) −65,38(32,62) 35,02(−11,64) 623,90
NL1-PC (NL1) 163,84 215,50(163,60) −89,29(42,69) 60,80(−19,29) 570,74
NLZ2-PC (NLZ2) 158,84 212,63(156,35) −93,33(44,99) 62,15(−19,88) 582,53

Tabela 2.3:Contribuições para a energia por nucleon emρ = ρ0 dos modelos NLPC e NLW (valores entre parên-
teses). Para os modelos NLPC temos queE1 = G′

ω
2ρ0/2, E2 = G′

σ
2ρ2

s/2ρ0, E3 = 2A′ρ3
s/3ρ0 e E4 = 3B′ρ4

s/4ρ0.
Para os NLW,E1 = G2

ωρ0/2, E2 = (∆M)2/2G2
σ ρ0, E3 = a(∆M)3/3ρ0 e E4 = b(∆M)4/4ρ0. A energia cinéticaEc

eE1 têm o mesmo valor para ambos os modelos.

Note na tabela a inversão dos sinais do termoE3 dos modelos NLPC em relação aos NLW.

A razão para isso vem do fato de que para os modelos NLPC o sinaldeENLPC
3 = 2A′ρ3

s/3ρ0

é determinado pela constanteA′, já que a densidade escalar é uma quantidade sempre positiva.

Como A′ < 0 para todas as parametrizações NLPC, temos queENLPC
3 < 0. Já no caso dos

modelos NLW,ENLW
3 = a(∆M)3/3ρ0, logo seu sinal é contrário ao da constantea devido ao

fato de que∆M = M∗−M < 0. Assim, comoa< 0 temos queENLW
3 > 0. No caso do termoE4,

tanto para os modelos NLPC quanto para os NLW, o sinal será sempre igual ao das constantesB′

eb, o que também gera a troca de sinais deENLPC
4 em relação àENLW

4 , com uma única exceção

para o par NLB-PC / NLB.

2.3.2 Modelos NLPC a partir dos NLW

Analisaremos agora um pouco mais profundamente, o papel dostermos adicionados no

modelo NLW para a obtenção do MNLW, a partir do qual os NLPC sãoformalmente obtidos

[44, 45]. Usaremos as soluções do modelo NLW para estimarf (σ) e g(σ), equações (2.4) e

(2.5), que são as funções que distorcem o modelo original NLW. Tais funções dependem basica-

6Paray = 1/2.
7Após subtraída a massa do nucleonM.
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mente da quantidadeg2
σ ψψ/m2

σ σ que, a partir da equação (1.25) e usando queM∗ = M +gσ σ ,

é dada por

g2
σ

m2
σ

ψ̄ψ
gσ σ

= −
(

1+
Aσ
m2

σ
+

Bσ2

m2
σ

)

. (2.15)

Na figura 2.3 é mostrada uma estimativa def (σ) eg(σ), dadas nas equações (2.4) e (2.5), como

função deρ/ρ0.

0 1 2 3 4 5
ρ/ρ0

-2

-1

0

1

2

NLB
NL2
NLSH
NLB1
NL3
NLB2
NLC
NL1
NLZ2

f(σ)

g(σ)

Figura 2.3:Funçõesf (σ) e g(σ) para os modelos NLW em função deρ/ρ0.

Nos modelos NLW usuais do tipoσ3 = σ4, temos quef (σ) = g(σ) = 1. Já o modelo

modificado MNLW pode ser interpretado como um NLW cujas constantes referentes aos ter-

mos σ3 − σ4 são dependentes da densidade, ou seja, são modificadas pelo meio nuclear, o

que gera portanto, um modelo muito mais complicado em termosde estrutura. Isso pode ser

visto através do uso de (2.15) em (2.3), o resultado é um a densidade lagrangiana que contém

termos até décima ordem no campo escalarσ . Note ainda que para o modelo MNLW, temos

f (σ = 0) = 1 mas curiosamenteg(σ = 0) =−1, ou seja, mesmo no vácuo (ρ = 0), os modelos

NLPC precisam de uma troca de sinal no termo de quarta ordem.

2.3.3 Naturalidade dos modelos NLPC e NLW

Continuando as comparações entre os modelos NLPC e NLW, mostramos na tabela 2.4, as

constantes adimensionais, calculadas a partir da análise dimensional ingênua realizada anterior-
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mente, expressões (2.12) e (2.14). Para a obtenção dos coeficientes do modelo NLW foi preciso

a utilização das massas mesônicas de cada parametrização, dadas nas últimas duas colunas.

Modelo g1 g2 g3 g4 mσ mω
(MeV) (MeV)

NLB-PC (NLB) 1,11(1,51) 1,55(1,17) −0,41(−0,13) 0,06(0,11) 510,00 783,00
NL2-PC (NL2) 0,92(1,38) 1,40(1,09) −0,63(−0,14) −0,20(1,19) 504,89 780,00
NLSH-PC (NLSH) 1,16(1,55) 1,66(1,25) −1,02(−0,42) 1,95(−1,32) 526,06 783,00
NLB1-PC (NLB1) 0,98(1,42) 1,46(1,05) −1,16(−0,46) 2,25(−1,45) 470,00 783,00
NL3-PC (NL3) 1,14(1,54) 1,69(1,22) −1,59(−0,65) 3,71(−2,47) 508,19 782,50
NLB2-PC (NLB2) 1,15(1,54) 1,70(1,16) −1,85(−0,58) 5,02(−2,40) 485,00 783,00
NLC-PC (NLC) 1,04(1,47) 1,59(1,17) −1,66(−0,77) 3,61(−2,87) 500,80 783,00
NL1-PC (NL1) 1,20(1,60) 1,80(1,22) −2,24(−0,75) 6,11(−3,14) 492,25 795,36
NLZ2-PC (NLZ2) 1,17(1,55) 1,77(1,22) −2,35(−0,85) 6,30(−3,59) 493,15 780,00

Tabela 2.4:Constantes adimensionais das densidades lagrangianas dosmodelos NLPC e NLW (entre parênte-
ses). As massas mesônicas dos modelos NLW são dadas nas duas últimas colunas.

Como mostrado na tabela, os coeficientesg1 e g2 mudam pouco em ambos os modelos. Já

entreg3 e g4, a mudança é mais significativa. Baseados em tais características das constantes

adimensionais de NLW e NLPC, buscamos verificar se existe alguma relação entre osgi de

ambos. Tentamos encontrar essa resposta a partir do estudo de cada termo de ordem superior

do modelo MNLW gerador dos NLPC, já que os coeficientesg1 e g2 são claramente naturais

para ambos os modelos. Usando que os modelos MNLW e NLPC são equivalentes, ou seja, os

de alcance finito são levados aos de contato através de um limite de massas mesônicas muito

grandes, consideremos também que seus coeficientes adimensionais também o sejam. Assim,

seguindo a regra dada na expressão (2.10), podemos inferirg3 e g4 dos modelos NLPC a partir

de (2.3), da seguinte forma,

g3 = g31+g32+g33

= −2A′
(

m2
σ

gσ

)3
fπ
Λ2 −2A′

(

m2
σ

gσ

)2
f 2
π

Λ
−A′m

2
σ

gσ
f 3
π e (2.16)

g4 = g41+g42+g43+g44

= −6B′
(

m2
σ

gσ

)4
f 2
π

Λ2 −6B′
(

m2
σ

gσ

)3
f 3
π

Λ
−3B′

(

m2
σ

gσ

)2

f 4
π −B′m

2
σ

gσ
f 5
π Λ. (2.17)

A conexão deg3 e g4 dos NLPC com os respectivos coeficientes adimensionais dos modelos

NLW é feita então fazendo as seguintes associações:A′
(

m2
σ

gσ

)3
→A eB′

(

m2
σ

gσ

)4
→ B. Com isso,

e considerando quegσ →−gσ , sem perda de generalidade, chega-se com o uso de (2.14) em

gNLPC
j ≈ gNLW

j

j−1

∑
n=0

(−1)n

n!

(

Gσ
mσ

fπ Λ
)n

, j = 3,4. (2.18)
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Na tabela 2.5 mostramosg3 e g4 dos modelos NLPC calculados a partir de (2.18). Com-

parando os valores desta tabela com os da tabela 2.4, vemos que a conjectura dada em (2.18)

funciona muito bem com exceção dos modelos NLB-PC e NL2-PC cujas discrepâncias são as

maiores, principalmente no coeficienteg4.

Modelo g31 g32 g33 g3 g41te g42te g43te g44te g4te

NLB-PC −0,13 0,34 −0,46 −0,24 0,11 −0,30 0,40 −0,35 −0,14
NL2-PC −0,14 0,36 −0,46 −0,24 1,19 −3,03 3,85 −3,26 −1,24
NLSH-PC −0,42 1,13 −1,52 −0,81 −1,32 3,53 −4,74 4,23 1,71
NLB1-PC −0,46 1,30 −1,84 −1,00 −1,45 4,11 −5,81 5,47 2,32
NL3-PC −0,65 1,82 −2,55 −1,38 −2,48 6,95 −9,75 9,12 3,84
NLB2-PC −0,58 1,70 −2,50 −1,37 −2,40 7,05 −10,35 10,12 4,42
NLC-PC −0,77 2,15 −2,98 −1,60 −2,87 7,97 −11,05 10,22 4,26
NL1-PC −0,75 2,22 −3,32 −1,84 −3,14 9,36 −13,98 13,91 6,16
NLZ2-PC −0,85 2,52 −3,74 −2,07 −3,59 10,65 −15,82 15,65 6,90

Tabela 2.5:Coeficientes adimensionais do modelo NLPC obtidos via expressão (2.18).

Ainda sobre naturalidade, há uma definição quantitativa proposta recentemente em [53],

que considera como naturais os modelos nos quais seus coeficientes adimensionais em módulo

estão distribuídos em torno de 1 e, adicionalmente, a razão entre o coeficiente máximo e o

mínimo seja menor que 10. Seguindo esta definição e adotando arbitrariamente nesta seção

como sendo naturais os modelos que apresentam 0,4 < |gi| < 4,0, temos que todos os modelos

NLW, com exceção de NLB e NL2, são naturais.

Estendemos agora o mesmo estudo para uma classe ainda maior de modelos NLW e NLPC,

na qual a incompressibilidade e a massa efetiva são deixadosvariar, porém mantendo cons-

tante a energia de ligação e a densidade de saturação. A faixade variação dem∗ é tal que

0,52< m∗ < 0,64. Este intervalo foi escolhido devido à correlação encontrada pelos autores

de [19], que prevê bons resultados para a separação spin-órbita em núcleos finitos, quando os

modelos hadrônicos fornecem tais valores dem∗.

Primeiro, apresentamos na figura 2.4 um gráfico tridimensional que contém a quantidade

G = |gi |max/|g j |min, parai 6= j, como função deK em∗. Destas superfícies pode-se ver que um

dos critérios exigidos para se considerar um modelo natural, G < 10, é sempre satisfeito para

ambos os modelos, NLPC e NLW. Os valores máximos para os modelos NLW e NLPC são,

respectivamente,G = 4,8 (paraK = 355 MeV em∗ = 0,64) eG = 5,8 (paraK = 172 MeV

e m∗ = 0,57). Para os modelos NLW, variações significativas emG começam a partir de

K ∼ 300 MeV.
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Figura 2.4: RazãoG = |gi |max/|g j |min como função deK e m∗ para os modelos NLW e NLPC, fixados em
ρ0 = 0,151 fm−3 e Be = 16,07 MeV.

Nas figura 2.5, mostramos os coeficientes adimensionaisgi dos modelos NLW e NLPC.

Tais gráficos fornecem as principais informações com relação à naturalidade dos modelos, uma

vez que o primeiro critério é sempre satisfeito. Assim, os valores degi passam a ser a condição

fundamental para se classificar um modelo como natural.

Figura 2.5: Coeficientes adimensionais obtidos via análise dimensional ingênua para os modelos NLW (es-
querda) e NLPC (direita). Em ambos,ρ0 = 0,151 fm−3 e Be = −16,07 MeV. De cima para baixo, temos repre-
sentadosg4, g1, g2 e g3 para a figura da esquerda e,g4, g3, g2 e g1 para a da direita.

Das figuras nota-se queg1 e g2 estão sempre dentro do intervalo considerado como válido

(0,4< |gi |< 4,0). Esse fato força-nos a determinar a naturalidade dos modelos exclusivamente

pelos coeficientesg3 eg4. Para os modelos NLW há uma região (K & 340 MeV) onde eles não

são naturais, devido à condiçãog3 < 0,4. Curiosamente, para os NLPC não há região onde a

naturalidade dos modelos seja invalidada porg3.

Sobre o coeficienteg4, praticamente não se encontram regiões nas quais o desvio danatu-

ralidade seja observado para os modelos NLW, exceto para pontos próximos deK = 355 MeV

e m∗ = 0,64, que apresentamg≈ 0,37. O mesmo não ocorre para os NLPC, nos quais a natu-

ralidade é fortemente determinada porg4, que por sua vez varia muito comK em∗. Entretanto,

pode-se garantir que modelos NLPC paraK > 300 MeV são naturais independentemente do
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valor dem∗.

Por fim, destacamos que em geral tanto modelos NLW quanto NLPCsão mais sensíveis à

variações deK comparadas às dem∗ e que, os modelos de contato tendem a se desviar mais da

naturalidade que os modelos de alcance finito.

2.4 Limite não relativístico

Como uma última aplicação dos modelos de contato, veremos como os mesmos podem ge-

rar equações de estado (EOS) não relativísticas e em quais circunstâncias tais EOS são compa-

ráveis ao modelo original, basicamente, apresentando os resultados obtidos na publicação [48].

Verificaremos ainda qual a relação destas EOS com os modelos de Skyrme, também de con-

tato, porém não relativísticos. Para tais análises, usaremos o limite não relativístico proposto

em [27], também utilizado nas referências [54, 55] e cuja derivação detalhada está descrita no

apêndice C.

De forma sucinta, uma das etapas da redução não relativística para os modelos hadrôni-

cos é a eliminação da pequena componenteχ do campo fermiônicoψ em termos da grande

componente,φ . Isso é feito na equação de Dirac, resultando na seguinte expressão

(~σ ·~kB~σ ·~k + M +S+V)φ = Eφ , (2.19)

onde

B =
1

M +S−V +E
= B0

1
1+(ε −S−V)B0

≃ B0+B2
0(S+V − ε), B0 =

1
2(M +S)

(2.20)

e ε = E−M. Na aproximação usada paraB, usamosx = (ε −S−V)B0 como parâmetro de

expansão. Para os modelos de contato relativísticos considerados neste capítulo, temos para o

pior caso, quex < 0,1 até aproximadamente 1,5ρ0.

O uso de (2.20) reduz (2.19) à equação de Schrödinger dada por

Ĥclassϕclass= εϕclass (2.21)

ondeϕclass= Î1/2φ ,

Ĥclass= Î−1/2
[

~σ ·~kB0~σ ·~k + S+V + ~σ ·~kB2
0(S+V)~σ ·~k

]

Î−1/2 (2.22)
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e, os operadoreŝI e Î−1/2 são definidos como

Î = 1+~σ ·~kB2
0~σ ·~k e (2.23)

Î−1/2 = (1+~σ ·~kB2
0~σ ·~k)−1/2 ≡ 1− 1

2
~σ ·~kB2

0~σ ·~k+
3
8
(~σ ·~kB2

0~σ ·~k)2+ · · · . (2.24)

Para escrever̂Hclass como uma soma explícita de uma energia cinética e potencial,utili-

zaremos a expansão do operadorÎ−1/2 até a ordem dek2, ou seja, usaremos apenas os dois

primeiros termos de (2.24) em (2.22) para assim chegar em

Ĥclass =
k2

2(M +S)
+S+V, (2.25)

para

S= −G′
σ

2ρs−A′ρ2
s −B′ρ3

s , V = G′
ω

2ρ (2.26)

e, usando que(~σ ·~k)2 = k2. Note que o parâmetro de expansão usado na aproximação do

operador̂I−1/2, pode ser conectado comx a partir da relação de dispersão do modelo dada por

E−V =
√

k2+(M +S)2 . Assim, temos quex = (
√

1+z2−1)/2, ondez2 = k2/(M + S)2.

Logo, (2.23) e (2.24) são reescritos como

Î = 1+
z2

4
e (2.27)

Î−1/2 =

(

1+
z2

4

)−1/2

≡ 1− 1
8

z2+
3

128
z4+ · · · . (2.28)

Se impusermos por exemplo,z2/4 < 0,1 como um bom parâmetro de expansão, entãox deve

obrigatoriamente ser menor que 0,09, o que restringe a validade das aproximações para um

intervalo deρ/ρ0 . 1,4.

Como a expressão contendoSno segundo termo de (2.25) ainda apresenta dependência de

uma quantidade essencialmente relativística, a densidadeescalar (veja a equação 2.26), precisa-

mos ainda de uma aproximação para esta grandeza. Tal aproximação, feita no apêndice C, até a

ordemk2 paraρs e também para a densidade vetorialρ , leva às seguintes expressões

ρ = φ†φ + χ†χ = |ϕclass|2,

ρs = φ†φ −χ†χ = ρ(1−z2/2) = ρ(1−2B2
0k2), (2.29)
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o que finalmente nos permite escrever o hamiltonianoĤclasscomo

Ĥclass=
k2

2(M +S)
+(G′2

ω −G′2
σ )ρ −A′ρ2−B′ρ3+2B2

0k2ρ(G′2
σ +2A′ρ +3B′ρ2). (2.30)

Na verdade, nosso objetivo com o uso do limite não relativístico é derivar o funcional densi-

dade de energia dos modelos de Skyrme. Como o hamiltoniano (2.30) ainda contém resquícios

da relatividade dos modelos NLPC, através do denominadorM +S, escolhemos também usar a

aproximaçãoM(1+S/M)≃M neste termo e emB0, que passa então a ser dado porB0 = 1/2M.

A partir deste procedimento e, usando o limite do contínuo8 em (2.30), chega-se finalmente na

densidade de energia dos modelos NLPC em seu limite não relativístico, dada por

ENR = c1ρ2 +c2ρ3+c3ρ4+c4(ρ)
3
40

(

3π2

2

)2/3

ρ8/3 +
3

10M

(

3π2

2

)2/3

ρ5/3 (2.31)

com

c1 = G′2
ω −G′2

σ , c2 = −A′, c3 = −B′, e c4(ρ) =
4

M2(G′2
σ +2A′ρ +3B′ρ2). (2.32)

Note que a equação (2.31) apresenta dependência emρ até a ordem 14/3, devido ao parâmetro

c4(ρ).

Diferentemente da definição relativística dada na expressão (2.9), a massa efetiva do nu-

cleon será definida nesse contexto pela sua forma usual não relativística [35], dada por

M∗ = k

[

∂Hclass

∂k

]−1

= M

[

1+
Mc4(ρ)ρ

4

]−1

, (2.33)

onde ressaltamos que a aproximaçãoM(1+S/M) ≃ M foi utilizada em (2.30).

2.4.1 Resultados

De posse das expressões da densidade de energia para os modelos NLPC exatos, equação

(2.7), e para seus limites não relativísticos dada em (2.31), uma questão surge de forma natural.

Que resultados a equação (2.31) nos forneceria se utilizássemos em (2.32) as mesmas constantes

de acoplamento,G′
σ , G′

ω , A′ eB′, dos modelos de contato definidos na tabela 2.2?

Para responder essa pergunta, comparamos os observáveis calculados na densidade de sa-

turação obtidos pelas equações do modelo NLPC exato e pelas obtidas por seu limite não rela-

8Também explicitado no apêndice C.
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tivístico, usando em ambas as mesmas constantes de acoplamentoG′
σ , G′

ω , A′ e B′ do modelo

NL2-PC como exemplo. O resultado é desapontador já que para aenergia de ligação, densi-

dade de saturação e incompressibilidade, encontramos, como limite não relativístico, os valores

BNR
e =−52,94 MeV, ρNR

0 = 0,160 fm−3 e KNR= 1059,4 MeV, em comparação com os valores

originais do modelo dados porBe = −17,03 MeV, ρ0 = 0,146 fm−3 e K = 399,2 MeV, res-

pectivamente. A discordância entre os valores é também verificada para outros modelos NLPC.

Evitando a aproximaçãoM(1+S/M)≃M, temos uma ligeira melhora nos resultados, porém os

valores permanecem díspares. Tais análises sugerem que ordens acima dek2 são necessárias na

construção dêHclassmas como nosso propósito é a comparação entre o limite não relativístico

dos modelos NLPC e os bem conhecidos modelos de Skyrme, em nível do funcional densidade

de energia, decidimos manter os termos de ordemk2 em Ĥclass e, para evitar a péssima con-

cordância já descrita, procederemos daqui por diante reajustando as constantes presentes em

(2.32), de modo a fazer as equações do limite não relativístico reproduzirem sempre os mesmos

valores deρ0 , Be, M∗ e K dos modelos originais que estiverem sendo objeto de comparação.

Começando as comparações, apresentamos a densidade de energia para a matéria nuclear

simétrica (y = 1/2) dos modelos de Skyrme [33, 35, 56], dada por

ESkyrme =
3t0
8

ρ2+
t3
16

ρσ+2+ t
3
40

(

3π2

2

)2/3

ρ8/3 +
3

10M

(

3π2

2

)2/3

ρ5/3, (2.34)

com t = [3t1 + t2(5+ 4x2)]/2. A partir da inspeção das equações (2.31) e (2.34), nota-seque

(2.31) é uma versão generalizada da densidade de energia do modelo de Skyrme e, com isso,

podemos destacar alguns casos interessantes. A saber,

(i) A′ = B′ = 0: Este é o caso particular em que o modelo NLPC é reduzido à suaversão

linear, que por sua vez é completamente equivalente ao modelo linear de Walecka [43].

Para tal situação, a equação (2.31) que apresenta termos somente emρ2 , ρ8/3 e ρ5/3 ,

leva às parametrizações de Skyrme ondeσ = 0 ou, como no caso do modelo SV, onde

t3 = 0. Pelo fato de que tanto a parametrização de Skyrme SV, quanto o modelo linear

de Walecka, não contém efeitos de forças de três corpos, é consistente que no presente

caso, o limite não relativístico também não apresente tal fenomenologia. Como última

constatação, também chega-se na parametrização de Skyrme ZR2 [57], na qualσ = 2/3,

no caso em queA′ = B′ = 0.
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(ii) Esquema de truncamento: Truncando a expressão (2.31) até a ordem deρ3, ou seja,

desprezando o termoc3ρ4 e considerando quec4(ρ) = c4 = 4G′
σ

2/M2, pode-se obter os

modelos de Skyrme nos quais, simultaneamente,σ = 1 e t 6= 0. Na verdade tal situação

engloba um amplo conjunto de modelos de Skyrme, tais como os “naturais” SI-SVI [58].

(iii) Modelos de Skyrme não convencionais: Um conjunto de parametrizações de Skyrme,

GS1-GS6 [59], que apresenta um termo adicional à densidade de energia (2.34), dado por

t ′ 3
40

(

3π2

2

)2/3
ρ11/3 com t ′ = 3t4/2 e σ = 1, tem sua forma funcional derivada a partir

do limite não relativístico dos modelos NLPC nos quaisB = 0, ou seja, tais modelos

necessitam apenas do acoplamento até a ordem(ψψ)3 para gerar essas particulares para-

metrizações, ditas não convencionais, de Skyrme.

Ressaltamos ainda que o reajuste das constantesc1 ec4 no caso (i) e,c1, c2 ec4 no caso (ii)

leva às correspondentes constantest0, t3 e t dos modelos de Skyrme.

Sem nenhum esquema de truncamento e, usandoA 6= 0 eB 6= 0 na equação (2.31), analisa-

remos agora como funciona o limite não relativístico dos modelos NLPC. Tal estudo será feito

nas seguintes duas etapas:

1a.: Modelos relativísticos NLPC e seus respectivos limites nãorelativísticos: Nesta análise,

comparamos essencialmente as equações (2.7) e (2.31) para os modelos de contato lista-

dos na tabela 2.2. Como discutido anteriormente, a comparação entre os modelos se deu

após o procedimento de reajuste das constantes da equação (2.32), de forma a impor que

as equações de estado do limite não relativístico reproduzissem os mesmos valores deρ0 ,

Be, M∗ e K dos modelos NLPC exatos. O resultado dessa comparação está disposto na

figura 2.6 a seguir, ondeE/A = E/ρ −M para os modelos exatos NLPC eE/A = ENR/ρ
quando se trata do limite não relativístico.
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Figura 2.6:E/A como função deρ/ρ0. Linhas cheias: modelos NLPC exatos, equação (2.7). Linhastracejadas:
limite não relativístico dos mesmos, equação (2.31).

2a.: Modelo generalizado e convencional de Skyrme: A comparação agora é feita entre as

equações (2.31) e (2.34) e mostrada na figura 2.7. O estudo foifeito com as seguin-

tes parametrizações de Skyrme: PRC45 [57], SIII [58], SV [58], SGI [60], SkMP [61]

e SLy230a [35]. Naturalmente, os parâmetrosG′
σ , G′

ω , A′ e B′ foram reajustados,

seguindo a discussão já realizada anteriormente.
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Figura 2.7: E/A como função deρ/ρ0. Linhas cheias: modelos convencionais de Skyrme, equação (2.34).
Linhas tracejadas: densidade de energia calculada segundoa equação (2.31).
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As figuras 2.6 e 2.7 mostram que a densidade de energia do limite não relativístico, equa-

ção (2.31), funciona muito bem para todos os modelos, até densidades próximas à densidade de

saturaçãoρ0. Outro fato interessante mostrado pelas figuras, é que o valor da incompressibili-

dade dos modelos, tanto os NLPC quanto os de Skyrme, parece controlar a região de validade

do limite não relativístico. Quanto maior a incompressibilidade, melhor torna-se o limite no

que diz respeito à descrição da matéria nuclear simétrica. Especialmente para a comparação

feita na figura 2.7, isso significa dizer que o modelo generalizado de Skyrme, equação (2.31),

comporta-se exatamente como um modelo convencional, equação (2.34), quando a incompres-

sibilidade da parametrização analisada é alta. Mesmo ampliando o conjunto de modelos NLPC

e de Skyrme, verifica-se que os resultados exibidos nas figuras 2.6 e 2.7 permanecem os mes-

mos, ou seja, a qualidade do limite não relativístico paraρ > ρ0 continua sendo completamente

determinada pelo valor deK da mesma forma como discutido. Podemos assim concluir queK é

uma grandeza determinante para afirmarmos que o limite não relativístico dos modelos NLPC,

tomado até a ordemk2, dará bons resultados quando o compararmos com os NLPC exatos, ou

com as parametrizações de Skyrme.

Outro estudo realizado com o limite não relativístico dos modelos NLPC, foi o cálculo de

seus coeficientes adimensionais, com o propósito de verificar a naturalidade das parametriza-

ções construídas a partir dâHclass, equação (2.30). Os resultados, publicados em [62], mostram

que modelos de incompressibilidade baixa tendem a ser mais naturais.



3 Modelos não lineares de Walecka em
temperatura finita

Neste capítulo trataremos de um fenômeno presente em muitasáreas da Física, a transição

de fases. Estudaremos de forma qualitativa e quantitativa como tal efeito se faz presente na Fí-

sica Nuclear, em particular nos modelos hadrônicos apresentados no capítulo 1. Basicamente,

dois tipos de transição de fases serão analisados, um que trata dos modelos no regime de baixas

temperaturas (T . 20 MeV), onde espera-se a exibição do comportamento típico de um gás de

van der Waals no que diz respeito à transição de fases do tipo líquido-gás, e outro que ocorre

somente em altas temperaturas (180< T < 200 MeV) e é dividido em dois processos físicos

distintos: o formado pela transição nucleon - plasma de nucleons e antinucleons, e o descrito

pela transição do tipo hádron - plasma de quarks e glúons. O primeiro, termodinamicamente

caracterizado pela mudança abrupta da massa efetiva em função da temperatura, será estudado

ainda neste capítulo. O último será abordado no capítulo 4, onde um modelo próprio para a

descrição da termodinâmica de quarks interagentes é apresentado e utilizado juntamente com

os modelos não lineares de Walecka para a realização da transição de fases propriamente dita.

Todo o estudo das transições de fases mostrado aqui será realizado para a matéria nuclear si-

métrica,y = 1/2, com os principais resultados contidos neste capítulo publicados em [25, 63].

A extensão do estudo das transições de fases do tipo líquido-gás para sistemas assimétricos

pode ser encontrada por exemplo nas publicações [64, 65] e, de uma forma mais detalhada, em

[33, 66] onde os modelos não lineares de Walecka são comparados com os também amplamente

usados modelos não relativísticos de Skyrme.

3.1 Equações de estado

Antes de iniciar esse estudo, é preciso adicionar às equações de estado dos modelos não

lineares, a variável termodinâmica temperatura. Esse procedimento é realizado com detalhes

nas referências [44, 67]. De forma qualitativa, tem-se que otensorT00, obtido via (1.26) é
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usado para a determinação do operador hamiltoniano,Ĥ =
∫

T00d3x, para a partir daí calcular-

se a grande função de partição,ZG = Tr
[

e−(Ĥ−µN̂)/T
]

com N̂ sendo o operador número de

partículas. Daí obtém-se finalmente o grande potencial termodinâmico por volume, dado por1,

Ω
V

=
1
2

m2
σ σ2+

A
3

σ3+
B
4

σ4− 1
2

m2
ωω2

0 −
c
4
(g2

ωω2
0)2+gσ g2

ωσω2
0

(

α1−
1
2

α1
′gσ σ

)

+
γT
2π2

∫ ∞

0
k2dk

{

ln[1+e−(E∗−ν)/T ]+ ln[1+e−(E∗+ν)/T ]
}

, (3.1)

com ν ≡ µ −gωω0 sendo o potencial químico efetivo do sistema. A partir de (3.1) todas as

demais quantidades termodinâmicas do sistema são obtidas.A mais direta delas, a pressão, é

dada simplesmente pelo negativo deΩ/V, resultando em

P = −1
2

m2
σ σ2− A

3
σ3− B

4
σ4+

1
2

m2
ωω2

0 +
c
4
(g2

ωω2
0)2−gσ g2

ωσω2
0

(

α1−
1
2

α1
′gσ σ

)

+
γ

6π2

∫ ∞

0

k4dk

(k2+M∗)1/2
[ f (k,T,ν)+ f̄ (k,T,ν)], (3.2)

com

f (k,T,ν) =
1

e(E∗−ν)/T +1
e f̄ (k,T,ν) =

1

e(E∗+ν)/T +1
, (3.3)

paraE∗ = (k2+M∗2)1/2, sendo, respectivamente, as funções de distribuição de Fermi-Dirac de

partículas e antipartículas. As demais quantidades termodinâmicas são obtidas via derivadas de

(3.1). São elas, a densidade bariônica, calculada através de

ρ = − 1
V

(

∂Ω
∂ µ

)

=
γ

2π2

∫ ∞

0
k2dk[ f (k,T,ν)− f̄ (k,T,ν)], (3.4)

a densidade de energia,

E = −T2

V
∂ (Ω/T)

∂T
+ µρ

=
1
2
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ωω2
0)2+gσ g2

ωσω2
0

(

α1−
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α1
′gσ σ
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+ gωω0ρ +
γ

2π2

∫ ∞

0
k2(k2+M∗)1/2dk[ f (k,T,ν)+ f̄ (k,T,ν)] (3.5)

e a densidade de entropia dada por,

S = − 1
V

(

∂Ω
∂T

)

= − γ
2π2

∫ ∞

0
k2dk[ f ln f +(1− f )ln(1− f )+ f̄ ln f̄ +(1− f̄ )ln(1− f̄ )].(3.6)

1Já fazendo uso dey = 1/2. Note que tal consideração leva aρ̄0 = 0 (veja a equação de campo 1.21).
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O cálculo numérico das equações de estado apresentadas é feito da seguinte forma. Para

cada temperaturaT e potencial químico efetivoν dados, deve-se resolver simultaneamente a

equação autoconsistente da massa efetiva, que agora é dada por

M∗ = M−G2
σ
[

ρs+a(∆M)2+b(∆M)3+g2
ωω2

0(α1−α1
′∆M)

]

, (3.7)

com a densidade escalar, também dependente deT e ν, escrita como

ρs =
1
V

(

∂Ω
∂M∗

)

=
γM∗

2π2

∫ ∞

0

k2dk

(k2+M∗2)1/2
[ f (k,T,ν)+ f̄ (k,T,ν)] (3.8)

e, a equação (1.20) do campoω0, lembrando que o campōρ0 é identicamente nulo no caso

da matéria nuclear simétrica. Com as soluções deM∗ (até 3 são possíveis) eω0 encontradas,

todas as demais equações de estado, que dependem deM∗ (ou σ = ∆M/gσ ), ω0, T e ν, são

determinadas.

Note ainda que a inclusão da temperatura na densidade de energia, pressão, densidade e

densidade escalar, preserva a estrutura dessas grandezas com relação ao casoT = 0. A única

mudança é feita nas integrais das respectivas quantidades termodinâmicas que agora são cal-

culadas desdek = 0 aték = ∞, com os integrandos multiplicados pela soma das distribuições

de Fermi-Dirac de partículas e antipartículas, exceto no caso da densidade, onde a diferença

entre as mesmas é levada em conta. Todos os resultados que serão apresentados a seguir, fo-

ram obtidos através do cálculo numérico de tais integrais, que para o casoT = 0 são analíticas.

Uma alternativa a este procedimento é o uso da expansão de Sommerfeld, cuja aplicação para o

modelo linear de Walecka está publicada em [68, 69].

3.2 Transição de fases em baixas temperaturas

Conjecturas acerca da existência de uma transição de fases do tipo líquido-gás na Física Nu-

clear [70] têm sido corroboradas por fortes evidências experimentais divulgadas na literatura.

Uma delas, é oriunda de processos de multifragmentação nuclear que ocorre por exemplo em

reações do tipop+Xee p+Kr [71], onde o produto final, os chamados fragmentos intermediá-

rios de massa (IMF da sigla em inglês2), apresentam uma distribuição do tipo lei de potência.

Este tipo de distribuição é considerado como um dos sinais deixados pela transição [72, 73, 74].

Em experimentos de colisões de íons pesados, outra evidência experimental da assinatura de

2Intermediate mass fragments.
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uma transição de fases, é identificada a partir da análise da chamada curva calórica do sistema,

ou seja, a curva temperatura em função da energia de excitação dos núcleos. O “plateau” exi-

bido por esta curva é característica de sistemas que apresentam transição de fases, nesse caso de

primeira ordem [75, 76]. Tais estudos também são feitos com ouso dos bem-sucedidos modelos

de fragmentação, propostos por exemplo nas referências [77].

No regime de temperatura finita, é bem estabelecido que modelos hadrônicos, dentre os

quais os modelos não lineares de Walecka, contemplem transições de fase em temperaturas

moderadas [78] e muito altas [79, 80]. Todos prevêem que a transição de fases do tipo líquido-

gás ocorre na matéria nuclear simétrica e assimétrica [78] em aproximadamenteT < 20 MeV e

ρ < 0,1 fm−3. Qualitativamente, as isotermas desses modelos hadrônicos exibem tipicamente

o comportamento do modelo de van der Waals, onde as fases líquida e gasosa coexistem. Em

termos dos campos da teoria, tal comportamento pode ser descrito da seguinte maneira. Para

baixas densidades, a pressão comporta-se como um gás ideal,cuja dependência emρ é dada

porP= ρT e, à medida que a densidade aumenta, o campo escalarσ torna-se mais significativo

e, devido a sua natureza atrativa, força a diminuição da pressão até o momento em que a parte

repulsiva da interação, dada pelo campoω, torna-se dominante, causando então seu aumento

novamente. A figura 3.1 mostra tal comportamento, emT = 10 MeV, para o modelo NL3.
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Figura 3.1:Pressão em função da razãoρ/ρ0 para o modelo NL3 emT = 10 MeV.

Note que a isoterma apresentada na figura anterior possui dois pontos chamados spinodais,

que representam os limites da região de instabilidade mecânica do sistema e satisfazem à condi-

ção∂P/∂ρ = 0. A curva interna delimitada por esses pontos corresponde àsituação não física

na qual∂P/∂ρ < 0, ou seja, região onde o aumento da pressão causa a diminuição da densi-

dade, ou equivalentemente, o aumento do volume do sistema. Àmedida que a temperatura do
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sistema aumenta, os pontos spinodais se aproximam uns dos outros até que colapsem comple-

tamente quando atinge-se a temperatura críticaTc. Assim, pode-se classificar o ponto crítico

como um ponto limite da família dos pontos spinodais. A influência do aumento da temperatura

é mostrada, para o modelo NLSH, na figura 3.2 a seguir.
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Figura 3.2:Pressão em função da densidade para o modelo NLSH em várias temperaturas. Círculos: pontos
spinodais. Cruzes: pontos de coexistência.

Os pontos de coexistência são determinados pelo critério deGibbs, que exige

TA = TB, PA(ρA) = PB(ρB) e µA(ρA) = µB(ρB), (3.9)

nas fases líquida e gasosa representadas pelos pontosB eA. Em sistemas simétricos, tal proce-

dimento leva naturalmente à construção de Maxwell3. Note que os pontos spinodais são sempre

internos aos pontos de coexistência, ou seja,ρA < ρsp< ρB, comρsp caracterizando as densida-

des spinodais. Assim, a curva spinodal posiciona-se dentroda curva de coexistência e, a região

compreendida entre as duas é chamada de região metaestável do sistema. No caso particular

em que a temperatura crítica é atingida, ondeT = Tc, ρA = ρsp = ρc = ρB, a região metaestável

desaparece.

Apresentaremos agora os resultados referentes aos modelosnão lineares de Walecka tra-

tados nesta tese. Primeiramente, mostramos na tabela 3.1 seus parâmetros críticos (em ordem

decrescente deTc) juntamente com a quantidadePc/ρcTc. Tal grandeza, que possui o valor de

3A situação é modificada em sistemas de dois ou mais componentes. Nos sistemas nucleares binários por
exemplo, onde prótons são distinguidos dos nêutrons (y 6= 1/2), tem-se que a construção de Maxwell deve ser
generalizada de modo que a condição de pressões iguais nas fases distintas não mais se realiza de forma isotérmica
[30, 33, 66].
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0,375 para o modelo de van der Waals, é dita universal para o mesmo, já que não depende

dos parâmetros ajustados de cada fluido particular. Esse fato é uma consequência direta da lei

dos estados correspondentes, no sentido em que expressa em termos das variáveis reduzidas

P′ = P/Pc, ρ ′ = ρ/ρc e T ′ = T/Tc, a equação de van der Waals não apresenta dependência

explícita dos parâmetros de cada fluido. Também mostramos namesma tabela para todos os

modelos, os valores da massa efetiva crítica escalonada pela massa do nucleon,m∗
c = M∗

c/M.

Modelo Tc (MeV) ρc (fm−3) Pc (MeV/fm3) Pc
ρcTc

m∗
c

NL2 18,63 0,0562 0,3616 0,345 0,861
Walecka 18,34 0,0659 0,4382 0,363 0,792
NLB 17,53 0,0595 0,3573 0,343 0,835
NLSH 15,96 0,0526 0,2644 0,315 0,846
TM1 15,62 0,0486 0,2372 0,312 0,875
TM2 15,40 0,0480 0,2367 0,320 0,828
NLB1 15,27 0,0535 0,2462 0,301 0,864
FSUGold 14,75 0,0461 0,2054 0,302 0,844
NL3 14,64 0,0463 0,2020 0,298 0,864
MS 14,40 0,0466 0,2010 0,299 0,854
NLC 14,20 0,0443 0,1854 0,295 0,878
NLB2 13,95 0,0472 0,1916 0,291 0,862
NL1 13,74 0,0413 0,1644 0,290 0,872
NLZ2 13,39 0,0391 0,1514 0,289 0,881

Tabela 3.1:Parâmetros críticos dos modelos não lineares de Walecka.

Na figura 3.3, apresentamos as isotermasP/Pc, em função da densidade reduzida,ρ/ρc,

dos mesmos modelos indicados na tabela anterior. Todas as curvas paraT = Tc.
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Figura 3.3:Pressão versus densidade paraT = Tc, em unidades dePc e ρc, respectivamente.

Note como os modelos são praticamente indistinguiveis na região gasosa, ondeρ/ρc < 1.
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3.2.1 Curvas de coexistência e spinodais

O diagrama de fases dos modelos hadrônicos é mostrado na figura 3.4, onde as curvas de

coexistência foram obtidas em termos das quantidades reduzidas,T/Tc e ρ/ρc.
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Figura 3.4:Curvas de coexistência escalonadas porTc eρc. O painel interno é a curva, em escala logarítmica, de
ρ/ρc−1 versus 1−T/Tc na vizinhança do ponto crítico (1< ρ/ρc 6 1,25 e 0,986 T/Tc < 1) para os mesmos
modelos.

Novamente como no caso da figura 3.3, nota-se que no intervaloρ/ρc < 1 as curvas esca-

lonadas são independentes de modelos. No regime de densidades pequenas, os nucleons estão

relativamente afastados uns dos outros e, consequentemente, as interações são menos significa-

tivas. Na região onde a fase é líquida,ρ/ρc > 1, os nucleons aproximam-se progressivamente

uns dos outros à medida que a densidade aumenta, permitindo assim que as interações tornem-

se cada vez mais importantes, o que é refletido na dependênciade modelos exibida pelas curvas

de coexistência. Ainda na figura 3.4, mostramos no painel interno como os modelos hadrônicos

comportam-se na medida em que se aproximam do ponto crítico dado porρ/ρc = T/Tc = 1.

Tal evolução é conhecida para a teoria de campo-médio, sendoa forma funcional do parâmetro

de ordemρ em termos da temperatura dada por

ρ
ρc

−1 = Ccoe

(

1− T
Tc

)β
, (3.10)

ondeCcoeé uma constante eβ um expoente crítico do sistema [81, 82]. O valor deβ é conhecido

e igual a 1/2 para os mais distintos modelos, tais como o de van der Waals para fluidos e o
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de Ising para spins, mostrando assim a propriedade da universalidade que é característica de

um expoente crítico. Outros expoentes críticos bastante usados, designados porα = 0, γ = 1

e δ = 3 são, respectivamente, associados com o calor específico, aincompressibilidade e a

pressão quando o sistema tratado é um fluido. Da mesma forma pode-se também definir os

chamados expoentes spinodais ao analisar-se a evolução do sistema quando este se aproxima

de um ponto spinodal. Nesse casoα = β = γ = 1/2 e δ = 2. Cálculos analíticos para a

determinação dos expoentes críticos e spinodais foram realizados para um modelo de Skyrme

na referência [83]. Para os modelos em estudo, encontramos oexpoente críticoβ distribuído

no intervalo 0,466 β 6 0,55.

Para efeito de comparação com a região de coexistência, um estudo sobre os pontos spi-

nodais também foi realizado. Sabe-se que as interações de van der Waals e de Skyrme geram

equações de estado que obedecem à lei dos estados correspondentes quando expressos em ter-

mos das variáveis reduzidasP/Pc, ρ/ρc e T/Tc. De forma análoga, também é possível obter

uma lei equivalente para tais interações, se as quantidadestermodinâmicas forem escalonadas

agora com as respectivas grandezas calculadas no ponto spinodal, gerando assim o conjunto

P/Psp, ρ/ρsp e T/Tsp [83]. Tal fato nos levou à realização do mesmo estudo apresentado nas

figuras 3.3-3.4 para os modelos já discutidos. Este estudo foi feito para um ponto spinodal

particular, o ponto flash, também chamado de ponto de estabilidade, no qual ambos, pressão e

sua derivada em relação à densidade anulam-se. Como consequência, a incompressibilidade e

a velocidade do som são iguais a zero.

Para cada modelo, pode-se definir temperatura flash (Tf ) e densidade flash (ρ f ). Define-se

Tf como sendo a temperatura máxima na qual o equilíbrio hidrostático é ainda possível. O

equilíbrio hidrostático tratado aqui é caracterizado pelovalor nulo da pressão do sistema, que

ocorre sempre paraT 6 Tf em ρ > ρ f . Nesta temperaturaTf , a energia livre de Helmholtz

apresenta um ponto de inflexão e, para valores acima deTf não mais apresenta um mínimo,

levando então a matéria nuclear a deixar de exibir ligação. Os parâmetros flash dos modelos

hadrônicos são mostrados na tabela 3.2. Tais parâmetros, críticos e flash, também obtidos para

algumas parametrizações de Skyrme podem ser encontrados napublicação disponível em [84].

No particular ponto spinodal, as variáveis escalonadas sãoagoraP/ρ f Tf , ρ/ρ f eT/Tf [83].

Note que um escalonamento da pressão pelo seu valor emρ = ρ f não é possível, já que neste

ponto temos queP = 0. Esta foi a razão pela escolha da quantidadeρ f Tf , de mesma dimensão

da pressão, para o caso do ponto spinodal [83]. Veja ainda queTf < Tc para todos os modelos
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hadrônicos. Devido a isso e, já que o valor experimental da temperatura no qual os sinais de

criticalidade se apresentam é menor que aqueles previstos pelos modelos hadrônicos paraTc, o

autor de [85] sugere que o ponto flash pode descrever melhor a natureza dos fenômenos críticos

observados na física nuclear do que o próprio ponto caracterizado por (ρc,Tc,Pc).

Modelos Tf (MeV) ρ f (fm−3) m∗
f

Tf
Tc

ρ f
ρc

m∗
f

m∗
c

NL2 14,30 0,0838 0,798 0,7676 1,49 0,927
Walecka 14,18 0,0944 0,703 0,7732 1,43 0,888
NLB 13,58 0,0879 0,759 0,7747 1,48 0,909
NLSH 12,70 0,0813 0,767 0,7957 1,55 0,907
TM1 12,40 0,0765 0,790 0,7939 1,57 0,903
TM2 12,30 0,0739 0,742 0,7987 1,54 0,896
NLB1 12,22 0,0852 0,790 0,8003 1,59 0,914
FSUGold 11,89 0,0748 0,764 0,8061 1,62 0,905
NL3 11,82 0,0751 0,787 0,8073 1,62 0,911
MS 11,62 0,0758 0,773 0,8069 1,63 0,905
NLC 11,44 0,0724 0,808 0,8056 1,63 0,920
NLB2 11,35 0,0786 0,778 0,8136 1,67 0,903
NL1 11,20 0,0693 0,794 0,8151 1,68 0,911
NLZ2 10,90 0,0658 0,807 0,8140 1,68 0,916

Tabela 3.2:Parâmetros flash dos modelos não lineares de Walecka.

A lei dos estados correspondentes para as variáveis reduzidas pelos parâmetros flash é mos-

trada para os modelos não lineares na figura 3.5. Note que parte considerável das isotermas

está dentro da região onde os modelos são distinguíveis, devido ao fato de queρ f > ρc (veja as

figuras 3.3 e 3.4). Isso explica porque o colapso das curvas é tão restrito nesse caso.
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Figura 3.5:Isotermas paraT = Tf , nas variáveis termodinâmicas escalonadas pelos parâmetros flash.

Para as curvas spinodais escalonadas da figura 3.6, não há colapso mesmo na região gasosa
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descrita pelos modelos.linha em branco
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Figura 3.6:Curvas spinodaisT/Tf versusρ/ρ f .

Os pontos spinodais definem os limites da região de instabilidade e por essa razão tal co-

lapso não é esperado, já que o início da instabilidade é diretamente relacionado com a forma da

interação, nesse caso dada por cada parametrização em particular. Na verdade, o colapso ocorre

apenas paraT/Tf = ρ/ρ f = 1.

3.2.2 Incompressibilidade

Finalizando o estudo da transição de fases em baixas temperaturas, analisamos agora a

incompressibilidade isotérmica,K(T), dos modelos não lineares, comparando seu comporta-

mento nos seguintes cenários distintos, propostos em [85]:

(i) considerando um sistema metaestável onde a pressão é nula e,

(ii) em um sistema em equilíbrio de fases líquido-gás no qualaplica-se a construção de Maxwell.

Para isso, calculamos a incompressibilidade através da expressão

K(T) = 9

(

∂P
∂ρ

)

ρ=ρ̄
, (3.11)

onde ρ̄ depende do cenário escolhido. No primeiro,ρ̄ corresponde à densidade na qual o

sistema encontra-se na região delimitada pela curvas spinodal e de coexistência e, ainda satisfa-
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zendo a condição adicional de pressão nula. Voltando à figura3.2, note que para cada isoterma,

dois são os pontos possíveis nos quaisP = 0, porém a exigência de ser um ponto metaestável

determina de forma única a densidadeρ̄ . Nessa figura, é possível localizar três desses pontos,

são eles̄ρ = 0,13, 0,12 e 0,10 fm−3 paraT = 8, 10 e 12 MeV, respectivamente. A temperatura

limite na qual pode-se achar̄ρ neste contexto é a temperatura flash,Tf . No segundo cenário,̄ρ é

definida como sendo uma das densidades na qual coexistem as fases líquida e gasosa do sistema.

Pela construção de Maxwell, tem-se que para cada isoterma háduas densidades distintas,ρA e

ρB, que compartilham a mesma pressão,P = PA = PB e, nessa situação a incompressibilidade

é calculada especificamente no pontoρ̄ = ρB, ou seja, na densidade fronteira da fase líquida.

Novamente, na figura 3.2 tais densidades são identificadas como as abscissas das cruzes mais à

direita.

A curva da incompressibilidade escalonada pelo seu valor emT = 0 é mostrada na figura

3.7, em função deT/Tf , para os modelos hadrônicos estudados e, para efeito de comparação,

alguns outros que se utilizam de cálculos microscópicos de Hartree-Fock baseados em inte-

rações nucleon-nucleon locais [86, 87]. Note que todos os pontos parecem colapsar em uma

banda estreita.
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Figura 3.7:Incompressibilidade isotérmica, em unidades deK(T = 0), versus temperatura, em unidades deTf ,
para o sistema descrito no cenário (i).

O mesmo estudo é apresentado para o cenário (ii), no qualK(T) é calculado nas densidades

fronteiras da fase líquida do sistema, que neste caso coexiste com a fase gasosa. Os resultados

são mostrados na figura 3.8.
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Figura 3.8:Incompressibilidade isotérmica, em unidades deK(T = 0), versus temperatura, em unidades deTc,
para o sistema descrito no cenário (ii).

Também no cenário (ii) verifica-se o colapso de todos os modelos hadrônicos estudados,

incluindo o extraído da referência [85] que trata de um modelo não relativístico. As figuras ainda

mostram que as duas abordagens levam àK(T) = 0 paraT = Tf eT = Tc, respectivamente. Na

temperatura flash esse resultado pode ser verificado imediatamente, já que nessa isoterma em

particularρ̄ = ρ f , logo, calcula-se a incompressibilidade exatamente em um ponto spinodal

onde por definição∂P/∂ρ = 0. O caso em queK(Tc) = 0 é visualmente identificado na figura

3.3, onde nota-se que no pontoρ/ρc = P/Pc = 1 todas as isotermas apresentam∂P/∂ρ = 0 já

que trata-se de um ponto de inflexão horizontal. Assim, tem-se que ambas temperaturas,Tf e

Tc apresentam sinais de fragmentação já que anulam a incompressibilidade dos modelos.

O comportamento exibido nas figuras 3.7 e 3.8 mostra-se intrigante no sentido em que

para ambos os cenários discutidos, as densidades usadas para o cálculo da incompressibilidade

isotérmica estão sempre dentro da região líquida do sistema(ρ̄ > ρc) onde, segundo o resultado

mostrado nas figuras 3.4 e 3.6, a dependência de modelos deveria se manifestar. O que se nota

inesperadamente é um escalonamento dos variados modelos hadrônicos usados mesmo em tal

contexto. O mesmo comportamento também já foi verificado na referência [88], onde o estudo

referente ao escalonamento da incompressibilidade é feitopara o modelo linear de Walecka,

porém comparando suas previsões também em uma e duas dimensões.
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3.3 Transição de fases em altas temperaturas

O estudo da transição de fases no regime extremo de altas temperaturas que abordaremos

nesta seção, foi inicialmente proposto na referência [79] ebasicamente realizado para o modelo

de Walecka. Neste trabalho, os autores verificam a existência de uma transição cuja ordem

depende essencialmente das constantes de acoplamento escolhidas para o modelo. No caso

particular do modelo de Walecka, a variação de tais constantes (duas apenas) leva à diferentes

escolhas para a densidade de saturação e energia de ligação da matéria nuclear. Tal transição é

caracterizada pela variação da massa efetiva do nucleon em função da temperatura. A análise

em [79] foi realizada no regime de igual número de nucleons (N) e antinucleons (̄N), ou seja,

emν = µ = ρ = 04. Recentemente, os autores de [89] estenderam tal estudo para o caso no qual

N 6= N̄, ou seja, em densidades não nulas. Nesta seção submeteremosos modelos hadrônicos

não lineares já usados anteriormente ao estudo do diagrama de fases no planoT ×µ, mostrado

em [89] para o modelo linear de Walecka.

Como análise inicial, mostramos na figura 3.9 como a massa efetiva dos modelos não linea-

res comporta-se em função da temperatura na região 180< T < 205 MeV paraν = µ = ρ = 0.

180 185 190 195 200 205
T (MeV)

0

0,2

0,4

0,6

0,8

1

m
*

Walecka
NL1
NLZ2
NLB2
NL3
NLC

(a)

180 185 190 195 200 205
T (MeV)

0

0,2

0,4

0,6

0,8

1

m
*

TM2
NLSH
MS
FSUGold
NLB
TM1
NLB1
NL2

(b)

Figura 3.9:Massa efetiva escalonada pela massa do nucleon como função da temperatura para os modelos não
lineares emν = µ = ρ = 0.

Note que apenas 6 dos 14 modelos analisados apresentam os sinais inerentes a uma transi-

ção de primeira ordem, no caso, a mudança abrupta da massa efetiva em função da temperatura.

4Note pela expressão (3.4) queν = 0 é o único valor no qualρ = 0 e, identificando (3.4) como a diferença
entre as densidades de nucleons e antinucleons, temos nessecaso queN = N̄.
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Veja que as curvas mostradas na figura 3.9a sugerem até 3 valores diferentes dem∗ = M∗/M em

uma faixa pequena de temperatura, o que não ocorre para os modelos exibidos na figura 3.9b.

Nessa região particular, deve-se encontrar a temperatura na qual há coexistência de fases e esse

será o procedimento realizado para os modelos da figura 3.9a com o objetivo da construção

do diagrama de fases no planoT × µ, seguindo o método adotado nas referências [89, 90] e

descrito a seguir.

Primeiramente, deve ser ressaltado que o procedimento numérico adotado para o cálculo

do grande potencial (3.1) e das demais quantidades termodinâmicas dadas em (3.4), (3.5) e

(3.6), passa pela solução simultânea das equações (3.7) e (1.20) como já mencionado ao final

da seção 3.1. Porém, uma alternativa a esse método é fazer usode uma forma equivalente

de se obter as soluções de (3.7) e (1.20), sabendo queM∗ e ω0 devem satisfazer às condições

∂Ω/∂M∗ = ∂Ω/∂ω0 = 0. Ou seja, tantoM∗ (ouσ ) quantoω0 são extremos do grande potencial

termodinâmicoΩ = −P. Para a obtenção do diagrama de fases, utilizaremos essa abordagem

porém, resolvendo a equação de campo (1.20) e buscando através do gráficoΩ×m∗ os valores

de massa efetiva que resultam em∂Ω/∂m∗ = 0. A figura 3.10 abaixo ilustra o procedimento

para o casoµ = 0.
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Figura 3.10:(a) Negativo da pressão em função dem∗. (b)m∗ em função da temperatura. Ambos para o modelo
NL3 no casoµ = 0.

Note pela figura 3.10a que para um valor fixo do potencial químico, há apenas uma tem-

peratura na qual−P apresenta dois mínimos cujos valores de pressão são iguais,no caso para

T = 192,34 MeV emµ = 0. Ainda nesta temperatura onde há coexistência de fases, nota-se

um terceiro ponto (ponto B) extremo de−P, porém correspondente a um máximo, caracte-

rizando portanto um ponto instável. Temperaturas abaixo ouacima da temperatura de coe-
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xistência, apresentam apenas um mínimo global referente à solução que indica o ponto mais

estável do sistema (pontos A e C). Note ainda que na figura 3.10a, a curva sólida indica clara-

mente que o critério de Gibbs é satisfeito, já que para os doismínimos localizados temos que

T1 = T2 = 192,34 MeV, µ1 = µ2 = 0 eP1 = P2 = 15,884 MeV/fm3, com os subíndices 1 e 2

representando as distintas fases de maior e menor massa efetiva. Na figura 3.10b os mesmos

pontos A, B e C anteriores são representados no gráfico da massa efetiva em função da tempe-

ratura. Note que a queda abrupta dem∗ deve ocorrer na mesma temperatura na qual os mínimos

da figura 3.10a estão equilibrados.

Os valoresm∗ que produzem os extremos do grande potencial termodinâmicosão também

aqueles que anulam a função

f (m∗) = m∗−1+
G2

σ
M

[

ρs+a(∆M)2+b(∆M)3+g2
ωω2

0(α1−α1
′∆M)

]

, (3.12)

definida a partir da expressão (3.7) que define a chamada “gap equation” para a massa efetiva

dos modelos não lineares, veja a figura 3.11 a seguir, mostrando assim a equivalência deste

procedimento com o método tradicional de resolução de (3.7).
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Figura 3.11:Funçãof (m∗) definida em (3.12) em função da massa efetiva paraT = 192,34 MeV eµ = 0 no
modelo NL3.

Para a construção do diagrama de fases, o método descrito acima é então realizado mu-

dando o valor do potencial químico (ou da temperatura) e, novamente buscando a temperatura

(ou o potencial químico) que exiba dois mínimos equilibrados no gráfico−P×m∗. Com isso

encontra-se mais um par (µ, T) que compõe o diagrama. A figura 3.12 mostra as curvas de

coexistência para os modelos que exibem a queda abrupta da massa efetiva emµ = 0.
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Figura 3.12:Diagrama de fases no planoT × µ para os modelos da figura 3.9a.

Note que o diagrama de fases acima restringe-se a uma faixa pequena de temperatura, o

que ocorre para todos os modelos analisados. Na linguagem representada pela figura 3.9a, isso

significa que o método de obtenção dos dois mínimos de−P é válido somente até uma certa

temperatura, que chamaremos de crítica, a partir da qual apenas um mínimo é encontrado, ou

seja, não mais é possível a realização de transições de fase de primeira ordem. Baseados nesse

ponto crítico, pode-se então construir curvas escalonadasanálogas às mostrada na figura 3.4

para os modelos em baixas temperaturas. Tais diagramas são mostrados na figura 3.13.
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Figura 3.13:Temperatura em unidades deTc versusm∗ em unidades dem∗
c.

Assim como no caso das transições no regime de baixas temperaturas, também o diagrama
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representado na figura 3.13 exibe dependência de modelos mais acentuada, principalmente na

região ondem∗/m∗
c > 1. Aliás, tal dependência apresenta influência desde os resultados em

µ = 0, ou seja, os próprios modelos que apresentam a coexistência nesse caso (figura 3.9a)

não começam seus respectivos diagramas do mesmo ponto (figura 3.13). No que diz respeito

à determinação do ponto crítico do sistema, a situação é a mesma. Cada modelo possui um

ponto crítico particular. Outro resultado interessante nesse regime de altas temperaturas é a

identificação dem∗ como sendo um parâmetro de ordem para esse tipo de transição de fases.

Por uma questão de completeza, destacamos ainda que o métodode busca dos mínimos à

mesma “altura” no gráfico de−P também pode ser utilizado para a determinação do diagrama

de fases em baixas temperaturas mostrado na seção anterior.Como exemplo, veja a sequência

exibida nas figuras 3.14a-3.14d.
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Figura 3.14:(a) Grande potencial termodinâmico em função dem∗. (b) m∗ versusµ . (c) Pressão em função da
densidade. (d)µ versusm∗. Todas as figuras referentes ao modelo NLZ2 emT = 10 MeV.

Na figura 3.14a temos que os mínimos de igual pressão ocorrem,para a temperatura de

10 MeV, emµ = 917,94 MeV. Esse mesmo potencial químico é usado em 3.14b para marcar

os pontos A, B e C referentes aos extremos de−P. Note a queda abrupta da massa efetiva,
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agora em função deµ5. Com a pressão definida emP = 0,0481 MeV/fm−3, define-se então as

densidades referentes às fases líquida e gasosa na isotermamostrada na figura 3.14c. Finalmente

em 3.14d, fica evidente que as mesmas densidadesρgas e ρliq levam a um mesmo valor de

µ, previamente definido em 3.14a. Assim, fica satisfeito o critério de Gibbs e os limites da

região de coexistência são então determinados. O procedimento pode ser estendido para as

temperaturas abaixo deTc, para a construção do diagrama mostrado na figura 3.4.

Como um comentário final acerca das transições em altas temperaturas tratadas nesta seção,

ressaltamos que tal estudo se deu apenas em nível da termodinâmica apresentada pelos modelos

não lineares de Walecka. Não nos preocupamos aqui com a evolução dinâmica do sistema, que

levaria em conta por exemplo o tempo necessário para que ocorressem possíveis aniquilações

devido ao alto número de antipartículas produzidas nesse regime de temperaturas (mesmo para

µ 6= 0 esse número é ainda alto quando comparado ao número de nucleons presentes). O estudo

da termodinâmica de tais sistemas é aplicável por exemplo noestudo dos experimentos de

colisões de íons pesados, realizados em grandes aceleradores de partículas, onde são observadas

altas razões antipartículas/partículas. Uma revisão sobre esse tema é feita em [91].

5A mesma queda deve também ser observada em um gráfico dem∗ em função deT paraµ = 917,94 MeV.



4 Transição de fases hádron-quark

No regime extremo de temperaturas e densidades, é esperado que a matéria hadrônica rea-

lize uma transição para a fase de quarks, ou seja, os graus de liberdade de quarks antes confina-

dos nos nucleons, tornam-se os mais importantes. Em particular, acredita-se que a condição de

temperatura muito alta tenha ocorrido no universo primordial, onde apenas matéria composta

por quarks e glúons existiu como um plasma, o chamado plasma de quarks e glúons (QGP1). A

evolução e o resfriamento do universo deu origem à matéria hadrônica e, atualmente, tal tran-

sição acontece espontaneamente na natureza nas estrelas, onde o regime de altas densidades

é verificado. Muitos estudos sobre a transição de um tipo de matéria para outra têm sido fei-

tos, porém não necessariamente levando em conta a descriçãodos diferentes graus de liberdade

para os diferentes tipos de matéria. Frequentemente, apenas modelos que descrevem quarks

são usados para o estudo dessa transição. Nesses casos, as fases identificadas no diagrama de

fases estão associadas àquelas onde observam-se quebra e restauração de simetria quiral. Neste

último capítulo, trataremos a transição hádron-quark a partir de dois modelos estruturalmente

distintos na descrição das duas fases: os modelos não lineares de Walecka, nos quais os graus

de liberdade são os nucleons que descrevem as propriedades da matéria nuclear ordinária, e o

modelo Polyakov-Nambu-Jona-Lasinio (PNJL), recentemente proposto na literatura, na descri-

ção da fase de quarks. Antes porém, destacaremos nas seções iniciais como a termodinâmica

do modelo PNJL, construído a partir do bastante conhecido modelo NJL, descreve a fenomeno-

logia básica da QCD, descrita também a seguir.

4.1 Fenomenologia da QCD

A QCD é a teoria que descreve as interações fundamentais entre quarks e glúons [92, 93].

Os quarks, constituintes dos mésons (formados pelo parqq̄) e dos bárions (formados pela tríade

qqq)2, são férmions de spin 1/2 e existem em seis diferentessaboressendo elesup, down,

1Do inglês quark-gluon plasma.
2antibárions são compostos de três antiquarks, ¯qq̄q̄.
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top, bottom, strangee charm, todos apresentando carga fracionária em relação à carga do

elétron. Como exemplo desta composição quarkiônica nos hádrons, podemos destacar próton e

nêutron, formados porp= uuden= udd, e alguns mésons carregados tais como píons e kaons,

formados porπ+ = ud̄, π− = ūd, K+ = us̄eK− = ūs. Como as cargas elétricas dos quarks são

iguais a 2/3 e−1/3 respectivamente para os conjuntos (u, t, c) e (d, b, s), temos a conservação

de carga e número bariônico (Nb) para as partículas mostradas, já queNb = 1/3 para todos os

quarks. Estas regras de conservação devem ser verificadas para todos os hádrons de acordo com

o modelo de quarks criado em 1964 por Murray Gell-Mann.

Entretanto, a teoria ainda não explicava a existência da partícula∆++ = uuu, de spin total

J = 3/2. Tal partícula não apresentava função de onda total antissimétrica, como deve ser o

caso de todos os férmions segundo o princípio da exclusão de Pauli. O fato de ser composta

por quarks iguais implica em idênticos números quânticos para as três partículas em um mesmo

estado quântico, o que consequentemente leva à simetria da função de onda. Para contornar

esse problema, O. W. Greenberg introduziu o conceito de cor àteoria de Gell-Mann, o que

automaticamente fez surgir um novo número quântico na descrição do estado de um quark.

Assim, todos os seis quarks, além de massa, spin e carga elétrica passaram também a ter carga

de cor, sendo elasred, greene blue. Dessa maneira tomando-se um quarku de cada cor, a

partícula∆++ não mais viola o princípio da exclusão de Pauli. A carga de corda QCD tem o

mesmo papel da carga elétrica na Eletrodinâmica Quântica (QED3). Os mediadores da interação

entre partículas carregadas na QED são os fótons, enquanto que na QCD a medição entre quarks

é feita pelos glúons.

A diferença fundamental entre os mediadores está no fato de que fótons não são eletrica-

mente carregados mas glúons possuem carga de cor4. Isto faz com que a interação entre os

quarks aumente quando estiverem mais distantes entre si, porém sempre confinados em uma

região no espaço na formação dos hádrons, e diminua a curtas distâncias até que se alcance a

situação em que os quarks estejam livres. O primeiro fenômeno é chamado deconfinamento

e o segundo é conhecido comoliberdade assintótica. Esta fenomenologia pode ser entendida

através de uma comparação com o que ocorre na QED. Uma partícula carregada imersa em um

dielétrico polariza as cargas do meio de tal forma a blindá-la. Consequentemente, o valor desta

carga torna-se dependente da região do espaço. Quanto mais perto da partícula, mais próximo

do valor real da carga e quanto mais afastado dela, maior o efeito das cargas polarizadas na redu-

3Do inglês Quantum Eletrodynamics.
4e também anticor.
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ção do valor de sua carga elétrica. Na QED, tal blindagem se dádevido à polarização do vácuo.

Assim, estamos diante de uma situação em que quanto mais próximo da carga elétrica maior

é a interação e quanto mais distante, menor é a intensidade damesma. Exatamente o oposto

ocorre na QCD devido à existência de carga de cor nos glúons. Oefeito de blindagem para os

quarks é exatamente igual ao das cargas elétricas na QED, porém para os glúons o fenômeno

se dá de forma oposta havendo assim uma competição entre os efeitos [93]. Cálculos mostram

que o comportamento final das partículas depende do parâmetro a = 2Nf −11Nc, ondeNf eNc

são, respectivamente, os números de sabores e cores da QCD [93]. Se o sinal dea é positivo,

então as partículas seguem a física apresentada pelas cargas elétricas na QED e, sea é negativo,

o efeito é oposto. Como na QCD temosNf = 6 eNc = 3 entãoa< 0, o que explica o comporta-

mento particular dos quarks. Esta mudança na intensidade dainteração em função da distância

entre os quarks faz com que tenhamos que tratar a QCD de diferentes formas dependendo da

escala de energia.

Como em qualquer teoria quântica de campos, a QCD pode ser descrita em termos de uma

densidade lagrangiana que no caso, contém os campos de quarks e glúons. Esta é dada por [94]

LQCD = ψ(iγµDµ −M0)ψ − 1
2

Tr(GµνGµν) (4.1)

com Dµ = ∂ µ − igAµ sendo a derivada covariante eGµν = i
g[Dµ ,Dν ] . Ainda identifica-se

Aµ comoAµ = A
µ
a λa/2, ondeA

µ
a é o campo dos glúons eλa as matrizes de Gell-Mann. A

constante de acoplamento entre os campos de quarks e glúons ég e M0 é a massa corrente do

quark.

4.1.1 Diferentes tratamentos

O comportamento da interação entre os quarks em função da distância, ou equivalentemente

da energia, é matematicamente representado pela variação com a distância da constante de

acoplamentog. Em regimes de grandes distâncias (baixas energias) a QCD não pode ser tratada

através de métodos perturbativos devido ao alto valor deg nessa região. Uma das alternativas

a esse tratamento é o uso de simulações numéricas na rede5 [95, 96], principalmente através

do método de Monte Carlo [97]. Tais técnicas fornecem resultados tanto para o setor puro de

glúons, quanto para sistemas onde quarks são incluídos. A dificuldade numérica em simular

os sistemas com quarks está no fato em que para potenciais químicos (µq) não nulos a ação

5também chamadas de QCD na rede.
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euclidiana torna-se imaginária, o que compromete seriamente as simulações. Isto é conhecido

comofermion sign problem[98]. Expansões em torno das soluções bem conhecidas emµq = 0,

formalismo de potenciais químicos imaginários, métodos dedensidade de estados, entre outros,

são usados para contornar este problema [99, 100, 101, 102, 103].

Outra abordagem na descrição da QCD é o uso de modelos efetivos, tais como os bem

conhecidos modelo de sacola MIT [104] e de Nambu-Jona-Lasinio (NJL) [105, 106, 107]. O

primeiro trata quarks sem massa e glúons como partículas livres, porém sem a manifestação

do confinamento, que é incorporado à teoria através da inclusão da chamada constante de bag.

Já o modelo NJL apresenta mais similaridades com a teoria da QCD mas não leva em conta o

confinamento, já que as interações se dão somente entre quarks e são do tipo pontuais, ou seja,

não há a intermediação de glúons. Um dos principais objetivos desses modelos é a construção

do diagrama de fases da QCD através, por exemplo, da curva de transição no planoT×µ. Outra

aplicação de igual importância, está na descrição de estrelas de quarks [106, 108].

4.2 O modelo PNJL

4.2.1 Laço de Polyakov e simetria de centro

O modelo PNJL, proposto por K. Fukushima [109] e profundamente estudado nas referên-

cias [94, 110, 111, 112, 113, 114, 115, 116], é uma extensão domodelo NJL no que diz respeito

à inclusão do efeito de confinamento dos quarks. Antes de entrar na termodinâmica propria-

mente dita deste modelo, mostraremos de forma qualitativa nesta seção como este efeito está

relacionado com o chamado laço de Polyakov.

O laço de Polyakov, operadorL̂, é definido como uma linha de Wilson [117] no espaço-

tempo euclidiano, a saber,

L̂(~x) = Pexp

[

ig
∫ β

0
dτ A4(~x,τ)

]

, (4.2)

ondeP representa o produto ordenado eA4 = iA0 é a componente temporal euclidiana do campo

Aµ . Cabe aqui destacar que o formalismo de tempo imaginário, construído através da chamada

rotação de Wick [118]t → −itE e que gera as versões euclidianas das integrais funcionais,é

usado sempre que se deseja tratar Teoria Quântica de Campos em temperatura finita. A conexão

entre a Teoria de Campos em temperatura nula e a Mecânica Estatística Quântica é feita através
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da prescriçãoβ → it , alterando assim as integrações sobretE, de limitestE = 0 e tE = t, para

integrações emτ de limitesτ = 0 e τ = β [118]. Um exemplo do uso desse formalismo é

mostrado na seção D.2 do Apêndice D.

Como é calculado no mesmo ponto do espaço,L̂ é interpretado como um caminho fechado

(por isso chamado de laço) conectando este ponto em diferentes tempos, 0 eβ . O traço norma-

lizado deste operador,Φ, é uma medida direta do confinamento do quark, uma vez que a energia

livre da partícula é relacionada comΦ via Φ = e−Fq/T [119]. Considerando que a energia livre

divergente está associada com sistemas nos quais há confinamento da partícula (quark), pode-

se estabelecer valores específicos deΦ que representem tal fenômeno. Sistemas à temperatura

finita e ondeFq é divergente conduzem aΦ = 0 (confinamento total). Já no caso de sistemas a

temperatura e energia livre finitas, temos essencialmenteΦ 6= 0 e para o limite extremo de altas

temperaturas (liberdade assintótica), onde espera-se o desconfinamento total dos quarks, temos

queΦ = 1.

Na verdade, o confinamento está associado à realização da chamada simetria de centro

Z(Nc) [120, 121], descrita da seguinte forma. Suponha inicialmente que um sistema invariante

de gauge (veja seção D.1 do Apêndice D) seja descrito apenas por campos bosônicos. Como

exemplo, tratemos da QCD contendo apenas glúons, ou seja, descrita apenas pelo campoAµ .

Tal campo se transforma segundoAµ → A′
µ = U(Aµ + i∂µ)U†, comU sendo a transformação

local de gauge. Em temperatura finita, tantoAµ quantoA′
µ devem satisfazer a condição de

periodicidade [122], ou seja, deve-se observar que

Aµ(0) = Aµ(β ) e (4.3)

A′
µ(0) = A′

µ(β ). (4.4)

Uma forma de se verificar a relação (4.4) é admitir queU também obedeça a condição de

periodicidade dada porU(0) = U(β ), já que a partir desta condição e com o uso de (4.3),

mostra-se que

A′
µ(0) = U(0)(Aµ(0)+ i∂µ)U†(0) = U(β )(Aµ(β )+ i∂µ)U†(β ) = A′

µ(β ). (4.5)

Outra maneira de preservar (4.4) é admitir queU satisfaça à

U(0) = zU(β ) (4.6)
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comz= e2π ik/Nc, parak = 1,2,3.... Sob tal transformação e, usando (4.3), temos que

A′
µ(0) = U(0)(Aµ(0)+ i∂µ)U†(0) = zU(β )(Aµ(β )+ i∂µ)z∗U†(β )

= e2π ik/Nce−2π ik/NcU(β )(Aµ(β )+ i∂µ)U†(β )

= U(β )(Aµ(β )+ i∂µ)U†(β )

= A′
µ(β ). (4.7)

Sistemas que realizam a simetria de centro são aqueles nos quais os campos, submetidos

à transformações de gauge que obedecem à (4.6), permanecem satisfazendo às condições de

contorno periódicas ou antiperiódicas, conforme bosônicos ou fermiônicos. Para o caso do

exemplo acima onde tratamos apenas do campo bosônico dos glúons, tal simetria é realizada e,

como consequência direta, temos queΦ deixa de ser uma quantidade invariante já que passa a

se transformar através de6

Φ = zΦ, (4.8)

que por sua vez só se verifica no caso em queΦ = 0. Como já mencionado anteriormente, o

valor nulo deΦ corresponde à fase confinada dos quarks. Pode-se afirmar então que o fenômeno

do confinamento está diretamente associado à realização da simetria de centro da teoria. Para o

caso em queΦ 6= 0, temos que a simetria é espontaneamente quebrada. Assim diz-se queΦ é

um parâmetro de ordem para a transição confinamento/desconfinamento.

Quando tratamos de sistemas onde quarks são incluídos, temos que o campo fermiônico,

que se transforma segundoψ → ψ ′ = Uψ, deve satisfazer em temperaturas finitas as condições

de antiperiodicidade [122] dadas por

ψ(0) = −ψ(β ) e (4.9)

ψ ′(0) = −ψ ′(β ). (4.10)

Dessa forma, o uso de uma transformação de gauge que satisfaça a relação (4.6) conduz a7

ψ ′(0) = U(0)ψ(0) = −zU(β )ψ(β ) = −zψ ′(β ) 6= −ψ ′(β ), (4.11)

6Tal resultado é obtido usando que, de uma forma geral, o laço de Wilson comporta-se, segundo uma transfor-

mação de gauge, comoL̂′ = U(x1)L̂U†(x2), paraL̂ = Pexp
[

∫ x2
x1

dxµ Aµ

]

[96].
7com o uso de (4.9).
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donde conclui-se que sistemas descritos por campos fermiônicos quebram explicitamente a si-

metria de centro, levando sempre aΦ 6= 0. Assim, por exemplo para a teoria completa da QCD,

Φ é interpretado como um parâmetro de ordem aproximado para a transição de fase confina-

mento/desconfinamento.

A mesma fenomenologia ocorre para o parâmetro de ordem dado por 〈ψψ〉 e a simetria

quiral (descrita na seção D.3 do Apêndice D.). Quando os férmions descritos pela teoria não

apresentam massa,〈ψψ〉 é considerado um parâmetro de ordem exato da transição de fases

onde a simetria quiral é quebrada, caracterizada por〈ψψ〉 6= 0, e restaurada, onde〈ψψ〉 = 0.

Já no caso em que a massa dos férmions é não nula, a densidade lagrangiana da teoria apre-

senta um termo, dado pormψψ , que explicitamente quebra a simetria quiral. Assim,〈ψψ〉
passa a ser considerado um parâmetro de ordem aproximado. O modelo PNJL, cuja termodinâ-

mica é apresentada na próxima seção, trata simultaneamenteestes dois efeitos, considerando os

dois parâmetros de ordem na descrição das transições confinamento/desconfinamento e simetria

quiral quebrada/restaurada.

4.2.2 Equações de estado emT 6= 0

A conexão entre os campos de quarks e glúons no modelo PNJL é feita a partir da substi-

tuição∂ µ → ∂ µ + iAµ na densidade lagrangiana que o define. A bosonização do sistema, junto

com a aproximação de campo médio, levam ao grande potencial termodinâmico por volume

[111] dado por

ΩPNJL = U(Φ,Φ∗,T)+
Gρsq

2

2
− γq

2π2

∫ Λ

0
Eqk2dk

− γqT

2π2Nc

∫ ∞

0
ln
[

1+3Φe−(Eq−µq)/T +3Φ∗e−2(Eq−µq)/T +e−3(Eq−µq)/T
]

k2dk

− γqT

2π2Nc

∫ ∞

0
ln
[

1+3Φ∗e−(Eq+µq)/T +3Φe−2(Eq+µq)/T +e−3(Eq+µq)/T
]

k2dk. (4.12)

Os detalhes desta derivação podem ser encontrados na referência [94] e, como estamos in-

teressados estritamente na descrição termodinâmica do modelo, nos restringiremos à expres-

são (4.12) como ponto de partida para o cálculo das demais grandezas pertinentes a essa abor-

dagem.

Em (4.12), temos queEq = (k2 +Mq
2)1/2 e ρsq =

〈

ψ̄qψq
〉

= 〈ūu〉+
〈

d̄d
〉

= 2〈ūu〉 , onde

consideramos aqui o sistema composto apenas pelos quarks desaboresu e d. O potencial de
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Polyakov, que será discutido posteriormente, é dado em termos deΦ e Φ∗ por U(Φ,Φ∗,T) e,

o fator de degenerescência éγq = Ns×Nf ×Nc = 12, devido aos números de spin, sabor e cor

(Ns = Nf = 2 eNc = 3). A massa constituinte do quark obedece à equação autoconsistente dada

por

Mq = M0−Gρsq, (4.13)

onde o condensado de quarksρsq, determinado pela condição(∂ΩPNJL/∂ρsq) = 0, é dado por

ρsq=
γq

2π2

∫ ∞

0

Mq

Eq
k2dk[F(k,T,Φ,Φ∗)+ F̄(k,T,Φ,Φ∗)]− γq

2π2

∫ Λ

0

Mq

Eq
k2dk (4.14)

com

F(k,T,Φ,Φ∗) =
Φe2(Eq−µq)/T +2Φ∗e(Eq−µq)/T +1

3Φe2(Eq−µq)/T +3Φ∗e(Eq−µq)/T +e3(Eq−µq)/T +1
, (4.15)

F̄(k,T,Φ,Φ∗) =
Φ∗e2(Eq+µq)/T +2Φe(Eq+µq)/T +1

3Φ∗e2(Eq+µq)/T +3Φe(Eq+µq)/T +e3(Eq+µq)/T +1
(4.16)

sendo as distribuições generalizadas de Fermi-Dirac. Comonotado pelos autores de [123], uma

importante consequência do acoplamento entreΦ e o setor de quarks, é a possibilidade de

lidar com o modelo PNJL da mesma forma como no modelo NJL com relação ao tratamento

estatístico. A única modificação está na substituição das funções de Fermi-Dirac usuais de

quarks e antiquarks nas equações de estado do modelo NJL, pelas generalizadas dadas nas

equações (4.15) e (4.16), além é claro, da inclusão do potencial referente aos glúons, dado por

U(Φ,Φ∗,T) , no grande potencial termodinâmico.

Ainda sobre as distribuições generalizadas, note que para os casos particulares dados por

Φ = Φ∗ = 0 (confinamento) eΦ = Φ∗ = 1 (desconfinamento total), temos que a expressão

(4.15) reduz-se, respectivamente a

F(k,T,Φ = Φ∗ = 0) =
1

e3(Eq−µq)/T +1
e (4.17)

F(k,T,Φ = Φ∗ = 1) =

{

e(Eq−µq)/T +1
}2

{

e(Eq−µq)/T +1
}3 =

1

e(Eq−µq)/T +1
. (4.18)

O resultado em (4.17) indica que o sistema totalmente confinado (Φ = Φ∗ = 0) é representado

estatisticamente por um estado de 3 quarks, cada um com energia Eq e potencial químicoµq, o

que de uma forma simples, pode ser interpretado como um estado de um nucleon formado pelos
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mesmos 3 quarks. Nesse caso, temos também identificado explicitamente o potencial químico

bariônico, dado porµB = 3µq [124]. Já a expressão (4.18) é simplesmente a distribuição usual

de Fermi-Dirac usada nas equações de estado do modelo NJL, que não apresenta efeito algum

de confinamento. Ou seja, o caso particular de desconfinamento total dos quarks no modelo

PNJL (Φ = Φ∗ = 1) reproduz a estatística do modelo NJL8.

Da mesma forma como feito no capítulo 3 para os modelos não lineares de Walecka, podem-

se obter todas as quantidades termodinâmicas do modelo PNJLa partir deΩPNJL, tais como a

pressão,P = −Ω , dada por

PPNJL = −U(Φ,Φ∗,T)− Gρsq
2

2
+

γq

2π2

∫ Λ

0
(k2+M2

q)1/2k2dk

+
γq

6π2

∫ ∞

0

k4

(k2+M2
q)1/2

dk[F(k,T,Φ,Φ∗)+ F̄(k,T,Φ,Φ∗)]+Ωvac, (4.19)

a densidade de quarks,ρ = −∂Ω
∂ µ ,

ρq =
γq

2π2

∫ ∞

0
k2dk[F(k,T,Φ,Φ∗)− F̄(k,T,Φ,Φ∗)] (4.20)

e a densidade de energia,E = −T2 ∂ (Ω/T)
∂T + µρ ,

EPNJL = U(Φ,Φ∗,T)−T
∂U

∂T
+

Gρsq
2

2
− γq

2π2

∫ Λ

0
(k2+M2

q)1/2k2dk

+
γq

2π2

∫ ∞

0
(k2+M2

q)1/2k2dk[F(k,T,Φ,Φ∗)+ F̄(k,T,Φ,Φ∗)]−Ωvac. (4.21)

Note que para satisfazer à condiçãoPPNJL(ρq = T = 0) , foi necessário a adição deΩvac (obtido

explicitamente na seção E.2 do Apêndice E) nas expressões (4.19) e (4.21).

A densidade de entropia é obtida viaS = −∂Ω
∂T ou pela relaçãoS = (P+E−µρ)/T . As-

sim, temos que

SPNJL = −∂U

∂T
+

γq

6π2T

∫ ∞

0

k4

(k2+M2
q)1/2

dk[F(k,T,Φ,Φ∗)+ F̄(k,T,Φ,Φ∗)]

+
γq

2π2T

∫ ∞

0
(k2+M2

q)1/2k2dk[F(k,T,Φ,Φ∗)+ F̄(k,T,Φ,Φ∗)]

− γqµq

2π2T

∫ ∞

0
k2dk[F(k,T,Φ,Φ∗)− F̄(k,T,Φ,Φ∗)] . (4.22)

8Tomando-se os mesmos limites na expressão (4.16), as mesmasconclusões são obtidas para o caso das distri-
buições de antipartículas.
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Como já mencionado, a generalização do modelo NJL para o PNJLé feita substituindo-

se as distribuições de Fermi-Dirac usuais9 por aquelas obtidas em (4.15) e (4.16), porém tal

prescrição é válida, no caso da densidade de entropia, para aexpressão dada em (4.22) e não

para a forma dada porS ∼
∫

d3k[ f ln f +(1− f )ln(1− f )]+ f̄ ln f̄ +(1− f̄ )ln(1− f̄ )], também

bastante usada.

4.2.3 Diferentes parametrizações

Para o cálculo das EOS já mostradas do modelo PNJL, é necessário especificar o po-

tencial U(Φ,Φ∗,T) a ser utilizado. As diferentes parametrizações deste potencial, quatro

até agora propostas na literatura, serão utilizadas de forma comparativa neste capítulo. Ado-

tando a nomenclatura da referência [125], nos referimos a duas delas como RTW05 [110] e

RRW06 [111, 112, 113, 114, 115, 116, 123]. Chamaremos as demais de FUKU08 [125] e

DS10 [126]. Suas formas funcionais são dadas, respectivamente por,

URTW05

T4 = −b2(T)

2
ΦΦ∗− b3

6
(Φ3+Φ∗3)+

b4

4
(ΦΦ∗)2, (4.23)

URRW06

T4 = −b2(T)

2
ΦΦ∗ +b4(T)ln

[

1−6ΦΦ∗ +4(Φ3+Φ∗3)−3(ΦΦ∗)2
]

, (4.24)

UFUKU08

bT
= −54e−a/TΦΦ∗ + ln

[

1−6ΦΦ∗ +4(Φ3+Φ∗3)−3(ΦΦ∗)2
]

, (4.25)

UDS10 = (a0T4+a1µ4
q +a2T2µ2

q)Φ2+a3T4
0 ln
[

1−6Φ2+8Φ3−3Φ4] , (4.26)

onde

b2(T) = a0+a1

(

T0

T

)

+a2

(

T0

T

)2

+a3

(

T0

T

)3

e b4(T) = b4

(

T0

T

)3

. (4.27)

De uma forma geral, os potenciais de Polyakov são construídos de forma a reproduzir os

bem estabelecidos dados da QCD na rede para o setor puro de gauge10. Tais dados mostram

que Φ exibe uma transição de fases confinamento/desconfinamento de primeira ordem, carac-

terizada pela mudança abrupta do valor nulo para finito, em uma temperatura deT0 = 270 MeV.

O potencial FUKU08 possui dois parâmetros livres,

a = 664MeV e b = 0,03Λ3 (4.28)

9Para quarks:f =
[

e(E∗
q−µq)/T +1

]−1
e antiquarks:f̄ =

[

e(E∗
q+µq)/T +1

]−1
.

10Cálculos numéricos ou em modelos teóricos onde apenas glúons são considerados no sistema. Tal caso parti-
cular especificamente para o modelo PNJL é mostrado na seção E.1 do Apêndice E.
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e foi derivado a partir da chamada expansão de acoplamento forte [125]. Já o potencial RRW05

foi baseado a partir da teoria de Ginzburg-Landau e apresenta a forma polinomial em termos

dos parâmetros de ordemΦ e Φ∗ . Sua versão aperfeiçoada, RRW06, usa a forma logarítmica

descrita em (4.24). Diferentemente do que ocorre no potencial FUKU08, os parâmetros adimen-

sionaisai , e bi de RTW05 e RRW06 são encontrados de forma a ajustar densidadede energia,

entropia e pressão do setor puro de gauge com os limites de Stefan-Boltzmann no regime de

altas temperaturas, além de fazer com queΦ exiba transição de fases de primeira ordem, como

já mencionado anteriormente.

O potencial DS10, proposto em [126], apresenta uma dependência adicional com o poten-

cial químico µq e é utilizado em um modelo híbrido, chamado de modelo quiralSU(3), que

exibe em sua estrutura hádrons e quarks como graus de liberdade. As constantes desse mo-

delo são determinadas de modo a reproduzir os dados de QCD na rede no setor puro de gauge,

assim como os potenciais RTW05 e RRW06, e algumas características do diagrama de fases

no planoT × µB, tais como o ponto crítico final, que será discutido posteriormente, situado

em µB = 354 MeV eT = 167 MeV, e o ponto de transição emT = 0 situado em uma den-

sidade igual a quatro vezes a densidade de saturação da matéria nuclear. Vale ressaltar que

não usaremos tal modelo híbrido na construção dos diagramasde fase hádron-quark mas sim

o modelo PNJL no qual uma das parametrizações paraU(Φ,Φ∗,T) será a mesma utilizada no

modelo quiralSU(3), ou seja, a da equação (4.26). O uso de tal parametrização requer ainda

que a densidade de quarks e a densidade de energia sejam, respectivamente, substituídas por

ρq → ρq− (4a1µ3
q + 2a2T2µq)Φ2 e EPNJL → EPNJL− (4a1µ4

q + 2a2T2µ2
q)Φ2 . Na tabela 4.1 a

seguir, mostramos os valores dos parâmetros dos potenciaisRTW05, RRW06 e DS10.

Parametrização a0 a1 a2 a3 b3 b4

RTW05 6,75 −1,95 2,625 −7,44 0,75 7,5
RRW06 3,51 −2,47 15,22 - - −1,75
DS10 −1,85 −1,44×10−3 −0,08 −0,40 - -

Tabela 4.1:Parâmetros dos potenciais dados nas expressões Eqs. (4.23)-(4.24) e (4.26).

Para definir completamente o modelo PNJL, é necessário determinar os valores da constante

de acoplamentoG, o parâmetro de corteΛ e a massa corrente do quarkM0 = Mu = Md, o que

é feito impondo que no regime de vácuo, o modelo reproduza algumas grandezas conhecidas,

tais como a constante de decaimento e a massa do píon, dados respectivamente porf vac
π e mvac

π ,

e o condensado de quarks〈ūu〉vac. Esses valores, junto com as expressões em temperatura nula

do modelo PNJL, são mostrados na seção E.2 do Apêndice E.
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4.2.4 Comparação entre os modelos

Para calcular-se o modelo PNJL ainda é preciso resolver simultaneamente a equação (4.13)

e as condições de minimização referentes àΦ e Φ∗ . Em nosso estudo usaremos a aproximação

de campo médio de ordem mais baixa, descrita em [113, 115], que automaticamente leva a

Φ = Φ∗ . Tal abordagem reduz o conjunto de equações acopladas à equação (4.13) e a

∂U(Φ,T)

∂Φ
− 3Tγq

2π2Nc

∫ ∞

0
k2dk[g(k,T,Φ,µq)+g(k,T,Φ,−µq)] = 0, (4.29)

vindo da condição(∂ΩPNJL/∂Φ) = 0, para

g(k,T,Φ,µq) =
1+e−(Eq−µq)/T

3Φ[1+e−(Eq−µq)/T ]+e(Eq−µq)/T +e−2(Eq−µq)/T
. (4.30)

Com tais equações resolvidas, é possível então obter o comportamento de algumas quan-

tidades importantes do modelo. Primeiro, é mostrado na figura 4.1 comoΦ e ρsq variam em

função da temperatura para alguns valores fixos do potencialquímico dos quarks.
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Figura 4.1: Φ (1a-1c) e a razãoρsq(T)/ρsq(vac) (1d-1f), das diferentes parametrizações do modelo PNJL.
Todos em função da temperatura e para alguns valores fixos deµq.

A figura 4.2 mostra paraµq = 0, como a pressão, densidade de energia e densidade de

entropia comportam-se em função da temperatura para as diferentes parametrizações do mo-

delo PNJL (figuras 4.2a-4.2c). Tais quantidades estão divididas pelos seus respectivos va-
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lores no limite de Stefan-Boltzmann que são, respectivamente, PSB = 37π2T4

90 , ESB = 3PSB e

SSB= 4PSB/T. Na figura 4.2d, mostramos em unidades deT4 , a chamada medida de interação

dada porE−3P. Tal quantidade é uma medida de quanto um modelo qualquer desvia-se de seu

respectivo modelo de partículas não interagentes e sem massa. Em tal regime esta quantidade

deve ser nula, o que é verificado como uma tendência dos modelos PNJL em altas temperatu-

ras. Finalmente, como uma função da densidade de energia, vemos na figura 4.2e a evolução da

razãoP/E , que é relacionada com a velocidade do som através dec2
s = ∂P

∂E
=

E∂ (P/E)
∂E

+ P
E

. No

limite de Stefan-Boltzmann (SB), tal grandeza é dada porc2
sSB= PSB/ESB= 1/3.
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Figura 4.2: (a-c): Pressão, densidade de energia e densidade de entropia em unidades dePSB, ESB e SSB.
Todos em função deT . (d): Medida da interação em unidades deT4 versusT . (e): RazãoP/E em função de
E1/4. Todas as grandezas obtidas emµq = 0. Os dados de QCD na rede para três sabores foram extraídos de
[127, 128]. Note que tais dados incluem cálculos para diferentes ações (p4 e asqtad) e extensões temporais de rede
(Nτ = 4,6,8).

Para efeito de comparação, também dispomos na figura 4.2 os dados de QCD na rede para

três sabores extraídos das referências [127, 128]. Comparações rigorosas entre dados de QCD

na rede e grandezas como a diferençaP(T,µ)
T4 − P(T,0)

T4 , e os momentos de pressão, podem ser

encontrados, por exemplo, em [110, 111, 129] e [111, 113, 114, 115], respectivamente.

Note ainda na figura 4.2, que um comportamento similar é observado entre as grandezas

termodinâmicas das diferentes parametrizações do modelo PNJL, principalmente na região de

T . 250 MeV. Em temperaturas mais altas, as parametrizações RTW05 e RRW06 são as que

apresentam um comportamento mais próximo dentre os modelosestudados.
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4.2.5 Diagramas de fase

Como já mencionado anteriormente, uma das aplicações de modelos efetivos da QCD é a

construção do diagrama de fases [130]. Quando o modelo em questão apresenta apenas quarks

como graus de liberdade, tal diagrama representa basicamente as regiões onde observam-se

simetria quiral quebrada e restaurada, veja por exemplo a referência [131] onde os autores

utilizam o modeloσ linear para o estudo do diagrama de fases da QCD no planoT × µ.

Quando o efeito do confinamento é levado em conta em um modelo efetivo, como no modelo

PNJL por exemplo, o diagrama de fases pode ser então enriquecido de forma a apresentar

também as fases específicas de confinamento e desconfinamento. A elaboração desse diagrama

no planoT×µ para as quatro parametrizações do modelo PNJL será feita da seguinte maneira.

• Para encontrarmos a curva que separa as fases termodinâmicas do sistema, analisaremos

os respectivos parâmetros de ordem dados porρsq e Φ , referentes às transições simetria

quiral quebrada/restaurada e confinamento/desconfinamento.

• A transição será de primeira ordem se uma descontinuidade for exibida no parâmetro de

ordem em função da temperatura, para um potencial químico fixo e, de segunda ordem11,

se a descontinuidade aparecer somente em sua derivada.

A figura 4.3 mostraρsq, Φ e suas derivadas emµq = 0, para a parametrização RRW06.
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Figura 4.3:(a) Parâmetros de ordem e (b) suas derivadas em função deT para a parametrização RRW06.

Dois importantes aspectos devem ser ressaltados na análiseda figura 4.3. O primeiro deles

é que tanto os parâmetros de ordem quanto suas respectivas derivadas, não apresentam quais-

quer descontinuidades, ou seja, não podemos classificar taltransição como sendo de primeira
11Também chamada de transição contínua.
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ou de segunda ordem. Quando isso ocorre não identifica-se talfenômeno como uma transição

de fases, mas especificamente como umcrossover. Ainda nesse caso, é possível localizar a

temperatura de coexistência de fases e com isso o ponto (µq,T ) no planoT × µ , através da

determinação do máximo da derivada do parâmetro de ordem. Seestivéssemos diante de uma

transição de fases propriamente dita, tal temperatura seria aquela na qual ocorreria a desconti-

nuidade no parâmetro de ordem (transição de primeira ordem), ou em sua derivada (transição de

segunda ordem). O segundo aspecto a se destacar, é o fato de que os máximos das derivadas dos

parâmetros de ordem ocorrem para∆T ≃ 9 MeV, ou seja, podem ser considerados coincidentes

para a faixa de temperaturas estudada. A importância dessa característica dos modelos PNJL, já

destacada em [109, 110], está no fato de que as regiões localizadas antes e depois da temperatura

dos máximos de∂Φ
∂T e ∂ρsq

∂T , são compostas pelas mesmas fases termodinâmicas caracterizadas

pelos respectivos parâmetros de ordem. Em outras palavras,para o exemplo da figura 4.3, temos

que emµq = 0, a região situada emTmax< 215 MeV é caracterizadasimultaneamentepelas

fases onde o sistema apresenta simetria quiral quebrada (ρsq 6= 0) e confinamento (Φ ≃ 0).

Já a região compreendida emTmax> 215 MeV, é composta pelas fases onde verificam-se si-

metria quiral restaurada (ρsq ≃ 0) e desconfinamento (Φ 6= 0). Seguindo este procedimento

para outros valores deµq e para as demais parametrizações do modelo PNJL, construímos os

diagramas de fase dispostos na figura 4.4.
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Figura 4.4:Diagramas de fase para os modelos PNJL no planoT × µq.

A figura 4.4 mostra que características distintas referentes ao tipo de transição de fase,

são verificadas ao longo das linhas de coexistência do modelos. As linhas cheias denotam o

fenômeno de crossover, também observado paraµq 6= 0, enquanto que as linhas tracejadas



4.2 O modelo PNJL 72

indicam uma transição de primeira ordem exibida pelos modelos PNJL. A determinação dos

pontos no diagramaT × µ nesse caso é feita exatamente da mesma forma como na seção

3.3 do capítulo 3. Na região de transições de fase de primeiraordem, ρsq e Φ exibem o

comportamento descrito nas figuras 4.5a-figuras 4.5b.
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Figura 4.5:(a) ρsq/ρvac
sq e (b) Φ em função da temperatura paraµq = 334,7 MeV da parametrização RRW06.
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Figura 4.6: ΩPNJL em função dos parâmetros de ordem para a parametrização RRW06 em T = 80 MeV e
µq = 334,7 MeV.

Note que tantoρsq quantoΦ sofrem uma variação abrupta, característica das transições de

primeira ordem. A temperatura de coexistência é determinada a partir da análise dos mínimos

do grande potencial termodinâmico. A diferença nesse caso em relação ao método descrito no

capítulo 3, é que agoraΩPNJL é dado por uma superfície, já que dois são os parâmetros de

ordem a serem considerados na determinação das fases termodinâmicas. Assim, a temperatura

na qual os vales dessa superfície estejam a uma mesma altura12, para um valor fixo deµq , é a

12Nesse casoΩPNJL é calculado sem as condições de minimização dadas por
∂ΩPNJL

∂ρsq
=

∂ΩPNJL
∂Φ = 0.
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temperatura da descontinuidade dos parâmetros de ordem. Para o exemplo do modelo RRW06,

temos queT = 80 MeV paraµq = 334,7 MeV, veja a figura 4.6. Outra possibilidade para

a determinação da temperatura de coexistência, é proceder não com uma superfície mas com

a curvaΩPNJL em função deρsq/ρvac
sq , obtendoΦ a partir de ∂ΩPNJL

∂Φ = 0. Assim, a busca

torna-se idêntica à do capítulo 3, onde gráficos como o da figura 3.10 são também gerados para

o modelo PNJL apenas substituindo-sem∗ por ρsq/ρvac
sq .

Ainda sobre a figura 4.4, temos que os círculos entre as linhascheias e tracejadas caracte-

rizam o chamadoponto crítico final(CEP13), no qual a transição de fases muda de ordem. No

caso da figura 4.4, a transição de fases de primeira ordem mudapara um crossover. A localiza-

ção exata do CEP depende do valor deM0 usado para a massa corrente do quark, assim como

do próprio modelo usado para a construção do diagrama de fases. O tipo de transição apre-

sentada na QCD também mostra-se extremamente dependente deM0 . Estudos mostram que a

curva de coexistência da QCD no planoT ×µ pode apresentar somente transições de primeira

ordem, transições de segunda e de primeira ordem, ou como no caso descrito anteriormente,

crossover e transições de primeira ordem [132].

É importante ainda ressaltarmos aqui que, a característicade que as fases termodinâmicas

do modelo PNJL estejam em uma mesma região do diagrama de fases, está diretamente asso-

ciada com a coincidência dos picos de∂Φ
∂T e ∂ρsq

∂T . Para os diagramas da figura 4.4, mesmo

quando mais de um pico foi verificado para∂Φ
∂T , escolhemos sempre aquele que coincide com

o máximo de ∂ρsq

∂T . Um exemplo onde diferentes picos são escolhidos pode ser encontrado

na referência [133], onde tal diferença favorece o aparecimento da chamada fasequarkiônica,

prevista em [134]. Essa nova fase modifica o diagrama de fasesda QCD de modo a incorpo-

rar uma região em que se observa a restauração da simetria quiral, porém ainda com quarks

confinados [134].

4.3 Diagramas de fase hádron-quark

Os diagramas apresentados na figura 4.4 identificam fases de simetria quiral quebrada / res-

taurada e de confinamento / desconfinamento, porém referentes apenas aos quarks, já que foram

obtidas unicamente a partir dos modelos PNJL, que possuem tais partículas como graus de li-

berdade. Se quisermos associar a região que apresenta simetria quiral quebrada e confinamento

13Do inglês critical end point.
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à uma fase puramente hadrônica, precisamos necessariamente considerar um outro modelo dis-

tinto, que trata os hádrons como graus de liberdade fundamentais da teoria14. Nesta seção,

utilizaremos os modelos não lineares do tipoσ3−σ4 em conexão com os PNJL, para construir

as curvas de coexistência e assim identificar as fases de hádrons e de quarks nos planosT ×µ
e T ×ρ .

Os diagramas de fase conectando os modelos NLW e PNJL seguirão o critério de Gibbs de

iguais temperatura,TH = TQ , pressão,PH = PQ e potencial químico,µH = µQ , onde a pressão

dos modelos de quarks será dada pela pressão do modelo PNJL, expressão (4.19) e, a pressão

hadrônica por

PNLW =
G2

ωρ2

2
− (∆M)2

2G2
σ

− a(∆M)3

3
− b(∆M)4

4
+

γ
6π2

∫ ∞

0

k4

(k2+M∗2)1/2
[ f (k,T)+ f̄ (k,T)]dk.

(4.31)

Os índicesH e Q representam, respectivamente, as fases de hádrons e quarks. Além disso, nos

referiremos aos diagramas de fase como sendo as curvas “NLW-PNJL”. Assim, a curva gerada

por exemplo pela conexão entre o modelo hadrônico NLSH e o modelo de quarks RTW05,

será denotada por NLSH-RTW05. Junto ao critério de Gibbs, adotamos também como vínculo

adicional a situação na qual as fases confinadas dos modelos NLW15 se conectem apenas com as

fases desconfinadas do modelo PNJL, ou seja, consideraremosapenas soluções para o critério

de Gibbs que satisfaçam esta condição. Um exemplo desta restrição é mostrado nas figuras

4.7a-4.7b para a transição NL3-PNJL16 em µB = 3µq = 300 MeV.
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Figura 4.7:(a) P versusT para os modelos PNJL e o hadrônico NL3. (b)Φ e sua derivada, para os modelos
PNJL em função deT . Ambas as figuras paraµB = 300 MeV.

14Outra opção é considerar um modelo híbrido, como o da referência [126].
15Por construção, já que se tratam de hádrons e portanto quarksconfinados.
16Transição em que o modelo NL3 se conecta com todos os quatro modelos PNJL.
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Note que as pressões dos modelos FUKU08 e NL3 se cruzam emT ∼ 175 MeV, porém

já que nesta temperatura o modelo FUKU08 ainda está em sua fase confinada (veja o qua-

dro esquerdo inferior da figura 4.7b), não consideramos estecruzamento no diagrama de fases

NL3-FUKU08. Por outro lado, as pressões dos modelos RRW06 e NL3 interceptam-se em

T ∼ 226 MeV, onde o modelo RRW06 já indica desconfinamento (quadro esquerdo superior

da figura 4.7b), logo, o ponto no qualT = 226 MeV e µB = 300 MeV contribui para a curva

NL3-RRW06.

Na figura 4.8, mostramos os diagramas de fase NLW-PNJL para todos os modelos não

lineares do tipoσ3−σ4 , incluindo também o modelo linear de Walecka, conectados com as

quatro diferentes parametrizações do modelo PNJL.
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Figura 4.8:Diagramas de fase NLW-PNJL no planoT × µB . Incluídos também os diagramas da figura 4.4.

Cada quadro desta figura mostra o diagrama de fases onde a conexão entre os modelos é

feita mantendo fixo o modelo de quarks indicado, porém mudando o modelo hadrônico. Para

efeito de comparação, também dispomos as curvas de transição da figura 4.4, obtidas a partir

de cada parametrização PNJL seguindo o método já abordado nasubseção 4.2.5. Como carac-

terísticas gerais, pode-se destacar que a tendência mostrada por esses diagramas, é apresentar
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uma fase confinada (hadrônica) maior que a determinada via modelos PNJL. Note também

que a parametrização FUKU08 só permite a construção de curvas NLW-FUKU08 a partir de

µB ≃ 500 MeV. Para potenciais químicos mais baixos não há igualdade entre as pressõesPNLW e

PFUKU08 para uma mesma temperatura, ou tal igualdade ocorre nas condições já exemplificadas

na figura 4.7 (caso do modelo NL3 e FUKU08).

Na figura 4.9, apresentamos os mesmos diagramas porém de uma forma diferente. Agora,

cada figura refere-se à curva NLW-PNJL onde o modelo hadrônico é mantido fixo e a para-

metrização PNJL é mudada, por exemplo, a figura 4.9a contém ascurvas Walecka-RRW06,

Walecka-RTW05, Walecka-FUKU08 e Walecka-DS10. De forma a unificar todo o estudo dos

diagramas de fase que podem ser obtidos com o uso dos modelos hadrônicos, incluímos tam-

bém nas mesmas figuras os respectivos diagramas (em vermelho) gerados por tais modelos,

referentes às transições nucleons/plasma de nucleons-antinucleons (figura 3.12) e líquido-gás

(versão no planoT ×µ das curvas da figura 3.4).
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Figura 4.9:Diagramas de fase NLW-PNJL em comparação com as curvas de transição dos modelos hadrônicos.

Essa figura mostra que embora os modelos NLW apresentem equações de estado “duras”

e “suaves”, seus respectivos diagramas NLW-PNJL são muito similares. Note que as curvas

encontram-se em torno de 1200< µB < 1300 MeV paraT = 0. Sobre os diagramas associados

à transição nucleon/plasma de nucleons-antinucleons dos modelos NLW, note que estes estão

posicionados dentro da parte hadrônica prevista pelas transições NLW-PNJL, indicando assim
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que tal transição ocorre antes do surgimento da fase de quarks livres, como é de se esperar.

Note ainda que a transição líquido-gás também se estabelece, de forma coerente, completamente

dentro da mesma fase hadrônica. Assim, pode-se dizer que a rota de transição da matéria nuclear

é a seguinte: conforme aumenta-se a temperatura, o sistema nuclear exibe uma coexistência de

fases líquida e gasosa até que a temperatura crítica dessa transição seja atingida e assim, apenas

a fase de gás se estabeleça. A partir de então, um aumento ainda maior na temperatura passa a

favorecer o surgimento de antipartículas no sistema até o ponto em que os graus de liberdade de

quarks coexistam com os nucleons. A partir de então, observa-se finalmente o plasma de quarks

e glúons como partículas livres17.

Ainda utilizando a notação da figura 4.9, apresentamos na figura 4.10, as curvas de tran-

sição NLW-PNJL agora no planoT × ρ/ρ0 , que exibe explicitamente as regiões de hádrons

(esquerda), quarks livres (direita) e a composta simultaneamente pelos dois graus de liberdade

(meio).
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Figura 4.10:Diagramas de fase no planoT×ρ/ρ0 para as transições Walecka-PNJL, NLSH-PNJL, NL3-PNJL
e NLZ2-PNJL.

Note que a transição NLW-RRW06 (NLW-FUKU08) é a que exibe a maior (menor) fase

17Tal rota também pode ser entendida em termos do aumento da densidade do sistema.
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mista de hádrons e quarks. Embora tenhamos feito nessa figuraa transição entre os modelos

PNJL e apenas quatro hadrônicos, Walecka, NLSH, NL3 e NLZ2, destacamos que o mesmo

comportamento é observado para as transições com os demais modelos NLW.

Como última observação desta seção, ressaltamos que o procedimento adotado aqui para

a construção dos diagramas NLW-PNJL difere do adotado na referência [135], onde os auto-

res subtraem uma constanteB de PPNJL de modo a fazer com que as transições NLW-PNJL e

àquelas da figura 4.4 comecem emµB = 0 a partir de uma mesma temperatura. Se tivéssemos

seguido tal método, as curvas referentes às transições NLW-PNJL da figura 4.8, deveriam sair

em µB = 0 deT = 215,0, 225,4, 202,6 e 215,0 MeV, seguindo, respectivamente, o compor-

tamento das parametrizações RRW06, RTW05, FUKU08 e DS10 dosmodelos PNJL. Aqui, a

única exigência feita foi a de anularPPNJL no vácuo, adicionandoΩvac na expressão (4.19).

4.3.1 Comparação com o modelo MIT

Para ter uma ideia do efeito do confinamento dinâmico do modelo PNJL, calculamos tam-

bém as transições, chamadas aqui de NLW-MIT, obtidas via critério de Gibbs, onde os modelos

NLW foram conectados com o modelo de sacola MIT [104], cuja pressão e densidade de quarks

são, respectivamente, dados por [136, 137]

PMIT =
8π2T4

45

(

1− 15αs

4π

)

+Nf

[

7π2T4

60

(

1− 50αs

21π
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2
+
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q

4π2
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(
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e

ρMIT =
1
3

Nf

(

µqT2+
µ3

q

π2

)

(

1− 2αs

π

)

, (4.33)

ondeB é a constante de sacola eαs é a constante de acoplamento da QCD, que será tomada

como nula em nossa análise. Assim, compararemos um modelo cujo confinamento é dinâmico

(PNJL), ou seja, depende da temperatura ou potencial químico, com outro no qual o confina-

mento dos quarks é representado basicamente por uma constante positiva subtraída da pressão.

Na figura 4.11, mostramos as transições NLW-MIT com a constante de sacola fixada em

B1/4 = 238 MeV.
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Figura 4.11:Diagramas de fase para as transições NLW-MIT comB1/4 = 238 MeV eαs = 0.

Alguns pontos interessantes sobre tais transições devem ser ressaltadas. Note que diferente-

mente dos diagramas NLW-PNJL, todas as curvas NLW-MIT começam na mesma temperatura

(T = 168,1 MeV) paraµB = 0, que aliás é menor que as temperaturas previstas pelas tran-

sições NLW-PNJL, todas maiores que 200 MeV. Um ponto em comumentre as transições é

o comportamento similar apresentado emT = 0, onde todos as curvas compõem uma faixa

estreita nesta região. O intervalo para o potencial químicoé de 1710< µB < 1810 MeV para

as transições NLW-MIT, o que muda significativamente se os modelos não lineares de Walecka

do tipo σ3−σ4 forem substituídos na transição por aqueles que apresentamtermos de ordens

superiores no campo vetorial, ou mesmo termos que misturam os camposσ and ωµ . Este é

o caso, por exemplo, das transições estudadas na referência[138]. É preciso deixar claro que

o comportamento apresentado nas figuras 4.8 e 4.11 mostra-secaracterístico de transições nas

quais os modelos hadrônicos possuem apenas as autointerações cúbicas e quárticas do campo

escalarσ .

A comparação explícita entre as curvas NLW-MIT e NLW-PNJL para os modelos utilizados

neste capítulo é mostrada na figura 4.12 a seguir.
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Figura 4.12:Diagramas de fase no planoT ×µ das transições NLW-PNJL (curvas cheias) e NLW-MIT (curvas
tracejadas). Os valores da constanteB (veja o texto abaixo) são indicados entre parênteses.

Para construir ambas transições mostradas na figura 4.12, escolhemos forçar os diagramas

a começarem na mesma temperatura paraµB = 0. Isso foi feito mantendo-se inalterados os

diagramas NLW-PNJL da figura 4.8, porém modificando o valor daconstanteB na expres-

são (4.32) de forma a garantir que as curvas NLW-MIT satisfizessem tal condição. Assim,

restringimos a comparação somente aos diagramas NLW-PNJL fechados, ou seja, àqueles que

começam a apresentar soluções ao critério de Gibbs a partir de µB = 0. Esse não é o caso

das curvas NLW-FUKU08 (quadro esquerdo inferior da figura 4.8) e dos diagramas específicos

NLB-RTW05, NLC-RTW05, NLB1-RTW05, NL2-RTW05, NLB-DS10 e NLC-DS10. Todos

os demais diagramas podem ser incluídos nesse procedimento.

A comparação entre os diagramas da figura 4.12 mostra que a região hadrônica prevista

pelas transições NLW-PNJL é sempre menor que a obtida via pelas NLW-MIT, ou seja, os

graus de liberdade de quarks começam a ser liberados antes nas transições NLW-PNJL, devido

ao efeito de confinamento dinâmico dos modelos PNJL. Embora tenhamos apresentado somente

quatro transições específicas, ressaltamos que todos os outros diagramas seguem as mesmas

características, assim, as curvas NLW-PNJL/NLW-MIT apresentadas na figura 4.12 podem ser

consideradas como representantes de todas as demais transições não mostradas. Uma visão

ainda maior desses diagramas é mostrada no planoT ×ρ na figura 4.13.
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Figura 4.13:Diagramas de fase no planoT ×ρ/ρ0 das transições NLW-PNJL e NLW-MIT.

Note que além de apresentarem maior região hadrônica, que é delimitada pelas curvas da

esquerda, os diagramas NLW-MIT exibem uma fase mista, contendo hádrons e quarks, também

maior. Novamente na figura 4.13, os diagramas apresentados representam qualitativamente

as característica gerais das demais transições. Os principais resultados desse capítulo estão

apresentados nas referências [139] e [140].

Como último comentário, reforçamos que os estudos iniciaisrealizados nas transições

NLW-PNJL e NLW-MIT se deram conectando os modelos NLW, que incluem prótons, nêutrons

e os mésonsσ e ω em sua estrutura, com as versões que contém os quarksu e d dos modelos

PNJL e MIT. Assim, geramos os diagramas que especificam as fases hadrônica e de quarks

livres do sistema. Experimentos em colisões de íons pesadosindicam fortemente o surgimento

de várias outras partículas [91], incluindo os híperons18, no regime de altas temperaturas. Estas

podem ser adicionadas em modelos hadrônicos, como por exemplo nos modelos NLW utiliza-

dos nesta tese. Neste caso, o estudo da transição hádron-quark deve necessariamente utilizar

versões que incluam também o quarks nos modelos efetivos da QCD. É de nosso interesse

realizar tal generalização no modelo PNJL e assim poder usá-lo em conjunto com os modelos

hadrônicos mais sofisticados19, com o objetivo de investigar ainda mais profundamente e de

forma mais realista a transição hádron-quark.

18Partículas que contém pelo menos um quark estranho em sua composição.
19Que incluam por exemplo o octeto e o decupleto bariônico, assim como os nonetos mesônicos.
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Um dos objetivos desta tese foi explorar as principais características dos modelos hadrô-

nicos relativísticos, representados pelas conhecidas parametrizações não lineares de Walecka,

a fim de extrair o máximo de informações referentes à descrição da matéria nuclear infinita.

Assim, obtivemos suas equações de estado em temperatura nula e estudamos suas similaridades

com os também relativísticos modelos não lineares de contato, caracterizados pelo alcance nulo

da interação nucleon-nucleon. No regime de temperatura finita, um destaque maior foi dado

às previsões dos modelos NLW sobre o fenômeno das transiçõesde fase, tanto em temperatu-

ras moderadas, onde obtivemos os parâmetros críticos e flashdos modelos em questão, dentre

outros resultados, quanto em altas temperaturas, onde analisamos a específica transição de fase

hádron-quark, utilizando para a fase de quarks o relativamente recente modelo PNJL, onde o

efeito do confinamento da QCD é incorporado em sua estrutura via inclusão do laço de Polya-

kov. Também dispensamos maiores atenções na termodinâmicadesse modelo, mostrando como

algumas características da QCD são interpretadas nessa abordagem fenomenológica. A seguir,

destacaremos os pontos que julgamos serem os mais relevantes e também alguns comentários

acerca dos resultados apresentados ao longo desta tese.

• Sobre a comparação dos modelos não lineares do tipoσ3−σ4 com os modelos NLPC,

construídos para reproduzirem os mesmos observáveis dos modelos NLW, verificamos que am-

bos são praticamente indistinguíveis em uma região de densidades dada porρ/ρ0 < 1, veja por

exemplo a figura 2.1. A partir da densidade de saturação, todas as grandezas termodinâmicas

dos modelos NLPC começam a apresentar um desvio maior em relação aos modelos NLW, con-

forme o valor da incompressibilidade. Modelos de maior incompressibilidade tendem a ignorar

a distinção entre a estrutura de alcance finito dos modelos NLW e a de alcance zero dos mode-

los NLPC (figuras 2.1 e 2.2, com uma única exceção para o modeloNL2). Tal fato parece ser

consistente com a total equivalência entre modelo linear deWalecka, que apresenta um valor

bastante alto para a incompressibilidade,K ≃ 550 MeV, e o modelo linear de contato.

• Ainda para ambos os modelos NLW e NLPC, calculamos seus coeficientes naturais,gi e
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a razãoG = |gi|max/|g j |min, para um valor fixo da energia de ligação e densidade de saturação

da matéria nuclear infinita. Os resultados apresentados nasfiguras 2.4 e 2.5 mostram que as

condições adotadas para determinar se um determinado modelo é ou não natural, são reduzidas

apenas à análise individual dos coeficientesgi (que deve respeitar o critério 0,4 < |gi | < 4,0),

já que a condiçãoG < 10 é sempre satisfeita para as duas classes de modelos, veja afigura

2.4. Verificamos ainda (veja a figura 2.5) que paraK & 340 MeV, os modelos NLW tornam-se

não naturais para qualquer valor de massa efetiva, já que o coeficienteg3 é sempre menor que

0,4. Situação oposta é observada para os modelos NLPC, onde a condição de naturalidade é

satisfeita para os coeficientesg1 , g2 e g3 , porém é extremamente dependente dos valores de

K e M∗ para o parâmetrog4 .

• Propusemos através da expressão (2.18), uma forma de se obter os coeficientes naturais

g3 e g4 dos modelos NLPC a partir dos respectivos coeficientes dos modelos NLW. As tabelas

2.4 e 2.5 mostram que tal aproximação, baseada na análise dimensional do modelo modificado

MNLW, parece funcionar razoavelmente bem.

• A aplicação do limite não relativístico nos modelos NLPC também gerou resultados inte-

ressantes. O primeiro deles é que a expressão para a densidade de energia nessa aproximação,

equação (2.31), pode ser considerada como uma versão generalizada da densidade de energia

do modelo não relativístico de Skyrme, veja a equação (2.34). Algumas parametrizações de

Skyrme podem ser obtidas do limite não relativístico, tomando-se os casos particulares em que

(i) as constantes de acoplamentoA′ e B′ são nulas, obtendo então os modelos de Skyrme nos

quais σ ou t3 são iguais a zero, (ii) o truncamento da expressão (2.31) atéa terceira ordem

em ρ gera as parametrizações de Skyrme em queσ = 1 e t 6= 0 e, (iii) o parâmetroB é

tomado como nulo, obtendo então alguns modelos não convencionais de Skyrme tais como

os GS1-GS6. Ainda dentro dessa abordagem, estudamos o comportamento da densidade de

energia gerada a partir do limite não relativístico em comparação com sua versão exata, dada

pelos modelos NLPC, e com a densidade de energia dos modelos de Skyrme (veja as figuras

2.6 e 2.7). Como uma tendência geral, foi verificada uma concordância entre as curvas que

depende basicamente do valor da incompressibilidade dos modelos analisados. Quanto maior a

incompressibilidade, mais próximos tornam-se o limite nãorelativístico (eq. 2.31) e o modelo

exato analisado, sendo este o modelo NLPC (eq. 2.7), ou o de Skyrme (eq. 2.34).

• No regime de temperaturas moderadas, verificamos que as curvas de coexistência da fi-

gura 3.4, escalonadas pelos parâmetros críticosTc e ρc , indicam uma forte dependência de
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modelos na região líquida do sistema, caracterizada porρ/ρc > 1, o que não ocorre para a

fase gasosa (ρ/ρc < 1), onde um colapso das diversas curvas é estabelecido. Paraas curvas

spinodais da figura 3.6, a dependência de modelos é verificadaem uma região ainda maior,

englobando a fase líquida e a gasosa, o que também pode ser observado na figura 3.5. Res-

saltamos que essas são características gerais dos modelos não lineares de Walecka, tanto para

as parametrizações que apresentam apenas os termosσ3−σ4 , quanto para aquelas que pos-

suem autointerações no campo vetorial ou ainda a particularFSUGold, na qual um termo misto

de interação entre os camposωµ e ~ρµ é incluído. No total, foram estudadas exatamente 14

parametrizações.

• Ainda na figura 3.4, pode-se concluir como uma tendência geral, que quanto mais “dura”

é a equação de estado, ou seja, quanto maior é a incompressibilidade do modelo, menor é a

densidade correspondente à fronteira da fase líquida do sistema, ou seja, modelos de alta incom-

pressibilidade apresentam uma fase líquida maior. Note quea região líquida mostrada na figura

3.4 é delimitada pelos modelos extremos de incompressibilidade, Walecka (K = 554 MeV) e

NLZ2 (K = 172 MeV).

• Investigamos também o comportamento da incompressibilidade dos modelos estudados,

em função da temperatura, porém calculandoK = 9(∂P/∂ρ)ρ=ρ̄ para duas densidades distin-

tas, uma delas tomadas como a densidade da fase metaestável onde a pressão do sistema é nula,

e outra como sendo a densidade limite da fase líquida. As figuras 3.7 e 3.8 mostram que as

incompressibilidades escalonadas colapsam em uma banda bastante estreita, o que ocorre para

todos os modelos analisados. Tal resultado é um tanto quantoinesperado, já que o colapso é es-

tabelecido mesmo na fase líquida do sistema onde, como mostra a figura 3.4, a dependência de

modelos é verificada. É interessante observar que tal colapso acontece não apenas nos modelos

hadrônicos estudados mas também naqueles extraídos das referências [85, 86, 87], que apresen-

tam estruturas distintas, sendo um deles obtido de forma nãorelativística e os demais oriundos

de cálculos microscópicos envolvendo diretamente o uso de um potencial nucleon-nucleon.

• No regime de altas temperaturas, estudamos também um tipo transição de fases dos mo-

delos não lineares que é caracterizado pela queda abrupta damassa efetiva do nucleon em

função da temperatura (transição de primeira ordem). Verificamos que esse tipo de transição é

extremamente dependente de modelos, conforme ilustra a figura 3.9 ondeM∗×T é obtido em

µB = 0 para todos os 14 modelos. Baseados na mesma figura, construímos os diagramasT×µ
apenas dos 6 modelos que apresentam transição nesse regime.O procedimento utilizado para a
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construção de tais diagramas foi o mesmo utilizado na referência [90] e consistiu na busca dos

mínimos do grande potencial termodinâmico dos modelos não lineares,−P, que apresentam

um único valor de pressão, veja a figura 3.10. Assim como apontado na referência [89] para o

modelo linear de Walecka, também nos deparamos com diagramas de fases nos quais as tran-

sições de primeira ordem deixam de existir a partir de um certo valor deT e µB , conforme

indica a figura 3.12. A localização exata desse ponto críticotambém é fortemente dependente

de modelos.

• No capítulo 4, estendemos o estudo em altas temperaturas para a termodinâmica do mo-

delo PNJL, onde o fenômeno do confinamento dos quarks é incluído em sua estrutura via laço

de Polyakov, grandeza que está diretamente relacionada coma chamada simetria de centro (veja

a subseção 4.2.1). Obtivemos também suas equações de estadoem temperatura finita, que são

exatamente as mesmas do conhecido modelo NJL, onde as distribuições usais de Fermi-Dirac

são substituídas pelas versões generalizadas (que incorporam Φ ) dadas pelas expressões (4.15)

e (4.16). Para os quatro diferentes modelos PNJL, RTW05, RRW06, FUKU08 e DS10, sendo

esta última uma parametrização que leva em conta uma dependência adicional com o potencial

químico, comparamos na figura 4.2 algumas grandezas termodinâmicas em função da tempe-

ratura, verificando que todos os modelos descrevem muito bemos dados de QCD na rede pelo

menos no regime deµq = 0. Usando ainda modelo PNJL, também verificamos via análise dos

parâmetros de ordemΦ e ρsq, que seus diagramas de fase no planoT ×µ (figura 4.4), exibem

regiões onde observam-se simultaneamente simetria quiralquebrada com confinamento, e si-

metria quiral restaurada com desconfinamento, já que tal modelo apresenta apenas quarks como

graus de liberdade. A distinção entre transições de fase de primeira ordem e crossover também

foi estudada nessas curvas de transição.

• Ainda no último capítulo, usamos os modelos NLW junto aos PNJL, para construir os

específicos diagramas de fase hádron-quark (NLW-PNJL) mostrados na figura 4.8. Verificamos

uma tendência desses diagramas englobarem as curvas geradas exclusivamente pelos modelos

PNJL, com exceção da transição NLW-FUKU08 e algumas envolvendo os modelos RTW05

e DS10. Lembramos ainda que tais curvas foram obtidas a partir do critério de Gibbs e com

o vínculo adicional de fazer com que as fases hadrônicas dos modelos NLW se conectassem

apenas com as fases desconfinadas do modelo PNJL, veja o exemplo da transição NL3-PNJL

na figura 4.7. Outro resultado desta aplicação, exibido na figura 4.9, mostra que a fase de quarks

livres prevista pelas transições NLW-PNJL, ocorre depois da formação do plasma de nucleon-

antinucleon, caracterizado pelos diagramas de fase gerados exclusivamente pelos modelos NLW



Conclusões 86

(veja a figura 3.12). Como uma última análise, comparamos as transições NLW-PNJL com as

NLW-MIT, obtidas com o critério de Gibbs satisfeito pela junção dos modelos NLW e o modelo

de sacola MIT, que incorpora o confinamento através da adiçãode uma constante em suas

equações de estado. Verificamos nas figuras 4.12 e 4.13, que o efeito do confinamento dinâmico

presente no modelo PNJL, faz com que as transições NLW-PNJL gerem fases hadrônicas e

mistas menores que as previstas pela transição NLW-MIT.

Os estudos contidos nessa tese ainda sugerem o aprofundamento de alguns temas, como por

exemplo, a utilização dos modelos NLPC em temperatura finita1 para a construção dos diagra-

mas de fase do tipo líquido-gás da matéria nuclear. Também poder-se-ia testar se tais modelos

continuariam a exibir os colapsos mostrados nas curvas da incompressibilidade em função da

temperatura, ou mesmo testá-los ainda em nível de temperatura nula, na descrição de estrelas de

nêutrons, aplicação ainda não explorada para esse tipo de modelo hadrônico. Sobre o modelo

PNJL, uma generalização natural seria a inclusão do quark estranho em sua estrutura e assim

verificar sua influência direta tanto no diagrama de fases gerado exclusivamente pelo próprio

modelo quanto no diagrama hádron-quark, analisando assim dentre outras fenomenologias, a

possibilidade de ocorrência da fase quarkiônica para as diferentes parametrizações. Para tanto,

faz-se necessário a inclusão de híperons nos modelos NLW.

1Um estudo exploratório já foi iniciado na própria referência [47].



APÊNDICE A -- Notações, convenções e definições

Nesse apêndice são apresentadas as notações, convenções e algumas definições utilizadas

ao longo da tese.

Utilizamos o sistema natural de unidades ondeh̄ = c = kB = 1. Assim, escrevem-se os

quadri-vetores contravariantes e covariantes como

xµ = (x0,x1,x2,x3) = (t,x,y,z) e (A.1)

xµ = (x0,x1,x2,x3) = (t,−x,−y,−z) . (A.2)

A relação entre essas duas quantidades é expressa por

xµ = gµνxν , (A.3)

onde a soma corre sobre todos os índices repetidos, sendogµν o tensor métrico no espaço de

Minkowski, dado por

gµν =















1 0 0 0

0 −1 0 0

0 0 −1 0

0 0 0 −1















. (A.4)

Os índices gregos referem-se às componentes espaço-tempo no espaço de Minkowski, com

valoresµ,ν = {0,1,2,3}. Os índices latinos correspondem às componentes espacias do vetor

tridimensional usual, sendoi, j = {1,2,3}.

Para as derivadas covariante e contravariante, temos que

∂µ =
∂

∂xµ = (∂0,∂i) e ∂ µ =
∂

∂xµ
= (∂ 0,−∂ i), (A.5)

o que consequentemente gera∂µ ∂ µ = ∂ 2

∂ t2 −△ = �.
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O produto escalar de dois quadri-vetores tem a forma

a ·b = aµbµ = aµbµ = a0b0−~a ·~b. (A.6)

Para uma partícula livre de massaM, a equação de Dirac é dada por

(~α ·~k+βM)ψ(x, t) =
∂ψ(x, t)

∂ t
, (A.7)

ondeψ(x, t) é um spinor de quatro componentes e,~α e β são dados por

~α =

(

0 ~σ
~σ 0

)

e β =

(

I 0

0 −I

)

, (A.8)

onde matrizes de Pauli, dadas pelas componentes de~σ , e a matrizI são definidas como

σx =

(

0 1

1 0

)

, σy =

(

0 −i

i 0

)

, σz =

(

1 0

0 −1

)

e I =

(

1 0

0 1

)

. (A.9)

As matrizesα i e β possuem as seguintes propriedades

α iα j +α jα i =
{

α i ,α j}= 2gi j , (A.10)

βα i +α iβ =
{

β ,α i}= 2δ i j e (A.11)

(α i)2 = (β )2 = 1. (A.12)

Em sua forma covariante, a equação de Dirac dada em (A.7) é escrita como

(iγµ∂ µ −M)ψ(x, t) = 0, (A.13)

ondeγµ ∂ µ = γ0∂ 0 + γi∂ i , com as matrizesγµ definidas como

γ0 = β =

(

I 0

0 −I

)

e γ i = βα i =

(

0 σ i

−σ i 0

)

. (A.14)

Tais matrizes obedecem às seguintes relações de anticomutação

γµ γν = {γµ ,γν} = 2gµν , (A.15)

com (γµ)† = γ0γµγ0 . Ainda uma quinta matrizγ é definida como sendo o produto das demais,
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γ5 = iγ0γ1γ2γ3 e apresenta as seguintes propriedades,

(γ5)† = γ5, (γ5)2 = I e
{

γ5,γµ
}

= 0. (A.16)

Finalmente, as matrizes de Gell-Mann são definidas como

λ1 =









0 1 0

1 0 0

0 0 0









, λ2 =









0 −i 0

i 0 0

0 0 0









, λ3 =









1 0 0

0 −1 0

0 0 0









,

λ4 =









0 0 1

0 0 0

1 0 0









, λ5 =









0 0 −i

0 0 0

i 0 0









, λ6 =









0 0 0

0 0 1

0 1 0









,

λ7 =









0 0 0

0 0 −i

0 i 0









e λ8 =
1√
3









1 0 0

0 1 0

0 0 −2









, (A.17)

com as seguintes relações de comutação,

[λa,λb] = 2i fabcλc. (A.18)

As chamadas constantes de estrutura são dadas por

f123 = 1, f147 = f165 = f246 = f257 = f345 = f376 =
1
2
, e f458 = f678 =

√
3

2
. (A.19)
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O cálculo de algumas quantidades relativas aos modelos não-lineares de Walecka, tais como

incompressibilidade e as derivadas da energia de simetria,L e Ksym, só podem ser obtidas atra-

vés do cálculo das derivadas dos campos mesônicos da teoria com relação à densidade. Este

procedimento é feito de forma implícita já que os camposσ e ω não são explicitamente de-

terminados, veja as equações (1.19) e (1.20). Considerandoa matéria nuclear simétrica onde

y = 1/2, ou seja, parāρ0 = 0, temos que a derivada dos camposσ e ω0 com relação aρ são

dadas por

∂σ
∂ρ

=
a1b2+a2b3

a1b1−a3b3
e

∂ω0

∂ρ
=

a2b1+a3b2

a1b1−a3b3
, (B.1)

onde

a1 = m2
ω +3cg4

ωω2
0 −gσ g2

ωσ(2α1−α ′
1gσ σ), (B.2)

a2 = gω , (B.3)

a3 = 2gσ g2
ωω0(α1−α ′

1gσ σ), (B.4)

b1 = m2
σ +2Aσ +3Bσ2−g2

σ g2
ωω2

0α ′
1+3g2

σ

(

ρs

M∗ −
ρ
E∗

F

)

, (B.5)

b2 = −gσ M∗

E∗
F

e (B.6)

b3 = −a3. (B.7)

O cálculo realizado para a obtenção de∂σ/∂ρ deve levar em conta a derivada da densidade

escalarρs, dada por

∂ρs

∂ρ
=

M∗

E∗
F

+3gσ

(

ρs

M∗ −
ρ
E∗

F

)

∂σ
∂ρ

, (B.8)

encontrada a partir das expressões (1.17) e (1.39).
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Como uma aplicação aos modelos do tipoσ3−σ4, tais derivadas, nesse caso escritas como

∂σ
∂ρ

= − gσ M∗

E∗
F

[

m2
σ +2Aσ +3Bσ2+3g2

σ

(

ρs
M∗ − ρ

E∗
F

)] e
∂ω0

∂ρ
=

gω
m2

ω
, (B.9)

são utilizadas por exemplo no cálculo da incompressibilidade, dada por

K = 9G2
ωρ +

3k2
F

E∗
F
− 9M∗2ρ

E∗
F

2
[

1
G2

σ
+2a∆M +3b(∆M)2+3

(

ρs
M∗ − ρ

E∗
F

)] , (B.10)

lembrando queE∗
F = (k2

F +M∗2)1/2, a = A/g3
σ , b = B/g4

σ , ∆M = M∗−M e G2
i = g2

i /m2
i para

i = σ ,ω.
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dos modelos de contato

Para tomarmos o limite não relativístico, é preciso antes definir a equação de Dirac para o

modelo de contato. Assim como no caso dos modelos não lineares de Walecka, utilizamos as

equações de Euler-Lagrange para o spinorψ , agora com a densidade lagrangiana dos modelos

NLPC, expressão (2.2), juntamente com a aproximação de campo médio para chegar em

(iγµ∂µ −M +G′
σ

2ρs− γ0G′
ω

2ρ +A′ρ2
s +B′ρ3

s )ψ = 0

(iγ0∂0 + iγa∂a−M +G′
σ

2ρs− γ0G′
ω

2ρ +A′ρ2
s +B′ρ3

s )ψ = 0. (C.1)

Multiplicando à esquerda toda a equação pela matriz

γ0 =

(

12×2 02×2

02×2 −12×2

)

(C.2)

onde 12×2 e 02×2 são as matrizes 2×2 identidade e nula respectivamente, temos que

[

i∂0+ iγ0γa∂a+ γ0(G′
σ

2ρs−M +A′ρ2
s +B′ρ3

s )−G′
ω

2ρ
]

ψ = 0
[

−iαa∂a+ γ0(M−G′
σ

2ρs−A′ρ2
s −B′ρ3

s )+G′
ω

2ρ
]

ψ = i
∂ψ
∂ t

, (C.3)

logo,

[

~α ·~k+ γ0(M +S)+V
]

ψ = i
∂ψ
∂ t

= Eψ, (C.4)

ondeαa = γ0γa , ka = i∂a , S= −G′
σ

2ρs−A′ρ2
s −B′ρ3

s e V = G′
ω

2ρ . Como

~α ·~k =

(

02×2 ~σ ·~k
~σ ·~k 02×2

)

, (C.5)
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podemos ainda reescrever a equação de Dirac da seguinte forma

(

M +S+V ~σ ·~k
~σ ·~k −M−S+V

)(

φ
χ

)

= E

(

φ
χ

)

, (C.6)

com φ e χ sendo as componentes, grande e pequena, do spinorψ. A partir desta equação

matricial, obtemos

~σ ·~k χ +(M +S+V)φ = Eφ e (C.7)

~σ ·~k φ − (M +S−V)χ = Eχ. (C.8)

Um dos objetivos do limite não relativístico é a eliminação da pequena componente da equação

de Dirac. Para isso a expressão (C.8) é utilizada para reescreverχ em termos deφ . Substituindo

esse resultado em (C.7) encontramos

(~σ ·~kB~σ ·~k + M +S+V)φ = Eφ , (C.9)

com

B =
1

M +S−V +E
= B0

1
1+(ε −S−V)B0

≃ B0 +B2
0(S+V − ε), (C.10)

B0 =
1

2(M +S)
(C.11)

e ε = E−M. Note quex = (ε −S−V)B0 foi o parâmetro de expansão usado na aproximação

dada em (C.10). O uso dessa expansão em (C.9) leva a

[

~σ ·~kB0~σ ·~k + ~σ ·~kB2
0(S+V)~σ ·~k − ~σ ·~kB2

0ε ~σ ·~k + S+V
]

φ = εφ (C.12)
[

~σ ·~kB0~σ ·~k + ~σ ·~kB2
0(S+V)~σ ·~k + S+V

]

φ = ε Îφ , (C.13)

onde o operador̂I é definido como

Î = 1+~σ ·~kB2
0~σ ·~k. (C.14)

Multiplicando à esquerda ambos os membros de (C.13) porÎ−1/2 e, introduzindo o operador

identidade, escrito convenientemente como 1= Î−1/2Î1/2, antes da funçãoφ do lado esquerdo

de (C.13), obtemos
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Î−1/2
[

~σ ·~kB0~σ ·~k + ~σ ·~kB2
0(S+V)~σ ·~k + S+V

]

Î−1/2Î1/2φ = ε Î−1/2Îφ

Î−1/2
[

~σ ·~kB0~σ ·~k + ~σ ·~kB2
0(S+V)~σ ·~k + S+V

]

Î−1/2Î1/2φ = ε Î1/2φ , (C.15)

com Î−1/2 e Î1/2 definidos respectivamente como

Î−1/2 = (1+~σ ·~kB2
0~σ ·~k)−1/2 ≡ 1− 1

2
~σ ·~kB2

0~σ ·~k+
3
8
(~σ ·~kB2

0~σ ·~k)2+ · · · e (C.16)

Î1/2 = (1+~σ ·~kB2
0~σ ·~k)1/2 ≡ 1+

1
2
~σ ·~kB2

0~σ ·~k− 1
8
(~σ ·~kB2

0~σ ·~k)2+ · · · . (C.17)

Note que (C.15) sugere a equação de Schrödinger dada por

Ĥclassϕclass= εϕclass, (C.18)

com

Ĥclass= Î−1/2
[

~σ ·~kB0~σ ·~k + S+V + ~σ ·~kB2
0(S+V)~σ ·~k

]

Î−1/2 e ϕclass= Î1/2φ . (C.19)

Ressaltamos ainda queϕclassé a quantidade que deve ser considerada como função de onda

não relativística e não a grande componente do spinor de Dirac, φ . Isso é devido ao fato de que

ϕclassé a grandeza propriamente normalizada, o que pode ser visto apartir do cálculo do valor

médio do operador̂Hclassa seguir. Como a energia do sistema de ser igual a

〈

Ĥclass
〉

=

∫

d3x ϕclass†Ĥclassϕclass= ε
∫

d3x ϕclass†ϕclass= ε, (C.20)

temos, obrigatoriamente, que
∫

d3x ϕclass†ϕclass=
∫

d3x φ†(1+~σ ·~kB2
0~σ ·~k)φ = 1 6=

∫

d3x φ†φ . (C.21)

Expandindo o operador̂Hclassaté a ordemk4 temos, considerando apenas os dois primeiros

termos dêI−1/2 em (C.16), que

Ĥclass = ~σ ·~kB0~σ ·~k + S+V +~σ ·~kB2
0(S+V)~σ ·~k

− 1
2

{

~σ ·~kB2
0~σ ·~k, S+V + ~σ ·~kB0~σ ·~k

}

, (C.22)

com {} denotando a operação de anti-comutação e lembrando que(~σ ·~k)2 = k2, S+V é da

ordem dek2 e B0 é da ordem da unidade [27]. Assim, temos que os dois primeirostermos de
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(C.22) são da ordem dek2.

C.1 Densidades vetorial e escalar

Vejamos qual a consequência da eliminação da pequena componenteχ da equação de Dirac

nas densidades vetorial e escalar. Em termos deφ e χ , ρ é escrito como

ρ = ψγ0ψ = φ†φ + χ †χ

= φ†φ +φ†~σ ·~kB2~σ ·~kφ

= ϕclass†Î−1/2Î−1/2ϕclass+ϕclass†Î−1/2~σ ·~kB2~σ ·~kÎ−1/2ϕclass

= ϕclass†Î−1ϕclass+ϕclass†Î−1/2~σ ·~kB2~σ ·~kÎ−1/2ϕclass. (C.23)

Aproximandoρ até ordem dek2, ou seja, tomandôI−1 = (1+~σ ·~kB2
0~σ ·~k)−1 ≃ 1−~σ ·~kB2

0~σ ·~k,

B≃ B0 e, apenas os dois primeiros termos de (C.16), chega-se em

ρ = ϕclass†(1−~σ ·~kB2
0~σ ·~k)ϕclass

+ ϕclass†
(

1− 1
2
~σ ·~kB2

0~σ ·~k
)

~σ ·~kB2
0~σ ·~k

(

1− 1
2
~σ ·~kB2

0~σ ·~k
)

ϕclass

= ϕclass†ϕclass−ϕclass†~σ ·~kB2
0~σ ·~kϕclass+ϕclass†~σ ·~kB2

0~σ ·~kϕclass

= |ϕclass|2. (C.24)

Com o uso das mesmas aproximações até ordemk2 paraÎ−1, Î−1/2 e B, obtemos para a densi-

dade escalarρs,

ρs = ψψ = φ†φ −χ †χ

= ϕclass†(1−~σ ·~kB2
0~σ ·~k)ϕclass

− ϕclass†
(

1− 1
2
~σ ·~kB2

0~σ ·~k
)

~σ ·~kB2
0~σ ·~k

(

1− 1
2
~σ ·~kB2

0~σ ·~k
)

ϕclass

= ϕclass†ϕclass−ϕclass†~σ ·~kB2
0~σ ·~kϕclass−ϕclass†~σ ·~kB2

0~σ ·~kϕclass

= |ϕclass|2−2ϕclass†~σ ·~kB2
0~σ ·~kϕclass

= ρ(1−2B2
0k2). (C.25)

Note que a aproximaçãoρs = ρ , feita para o modelo linear de Walecka em [141], é na verdade

o primeiro termo da expansão (C.25).
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C.2 Limite do contínuo para a densidade de energia

Até a ordemk2, o limite não relativístico tomado nos modelos NLPC gera a energia de

partícula única, dada por

Hclass=
k2

2M
+(G′2

ω −G′2
σ )ρ −A′ρ2−B′ρ3 +2B2

0k2ρ(G′2
σ +2A′ρ +3B′ρ2). (C.26)

A energia de um sistema deN partículas é dada então por,

E =
γ

2M

kF

∑
i=0

k2
i +N[(G′2

ω −G′2
σ )ρ −A′ρ2−B′ρ3]+2B2

0ρ(G′2
σ +2A′ρ +3B′ρ2)γ

kF

∑
i=0

k2
i (C.27)

comkF sendo o momento de Fermi eγ o número de nucleons em cada nível de energia, respei-

tando o princípio da exclusão de Pauli. Comok é uma grandeza contínua, o somatório pode ser

convertido em uma integral através do seguinte procedimento. Supondo que em uma dimensão

valha a discretização dek comok = 2πn
L (condições periódicas de contorno) onden é um inteiro

eL é o período, escreve-se

γ
L

kF

∑
i=0

k2
i =

γ
2π

kF

∑
i=0

2π
L

k2
i =

γ
2π

kF

∑
i=0

∆kk2
i . (C.28)

O limite do contínuo significa fazerL → ∞, o que torna

γ
L

kF

∑
i=0

k2
i =

γ
2π

∫ kF

0
k2dk. (C.29)

Logo, em três dimensões temos

γ
kF

∑
i=0

k2
i =

γV
(2π)3

∫

k2d3k =
γV

(2π)34π
∫ kF

0
k4dk=

γV
2π2

k5
F

5
=

γV
10π2

(

6π2

γ

)5/3

ρ5/3

=
3V
5

(

6π2

γ

)2/3

ρ5/3, (C.30)

lembrando que o volume do sistema é dado porV = L3. Assim, chega-se finalmente à densidade

de energia do sistema (E = E/V), dada por

ENR = c1ρ2+c2ρ3+c3ρ4 +c4(ρ)
3
40

(

6π2

γ

)2/3

ρ8/3 +
3

10M

(

6π2

γ

)2/3

ρ5/3,(C.31)
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com

c1 = G′2
ω −G′2

σ , c2 = −A′, c3 = −B′, c4(ρ) =
4

M2(G′2
σ +2A′ρ +3B′ρ2) (C.32)

eB0 = 1/2M.

C.3 Outras equações de estado

A partir de (C.31), outras equações de estado para o limite não relativístico dos modelos

NLPC podem ser determinadas. O potencial químico, dado por

µNR =
∂ENR

∂ρ
= 2c1ρ +3c2ρ2+4c3ρ3+c5(ρ)

1
5

(

6π2

γ

)2/3

ρ5/3 +
1

2M

(

6π2

γ

)2/3

ρ2/3, (C.33)

com

c5(ρ) =
4

M2

(

G′2
σ +

11
4

A′ρ +
21
4

B′ρ2
)

(C.34)

é uma delas. A partir desta expressão e, usando a relação termodinâmica dada porP = µρ −E,

encontra-se a seguinte forma funcional para a pressão,

PNR = c1ρ2+2c2ρ3+3c3ρ4+c6(ρ)
1
8

(

6π2

γ

)2/3

ρ8/3 +
1

5M

(

6π2

γ

)2/3

ρ5/3, (C.35)

onde

c6(ρ) =
4

M2

(

G′2
σ +

16
5

A′ρ +
33
5

B′ρ2
)

. (C.36)

Por fim, a incompressibilidade é escrita como

KNR = 9
∂PNR

∂ρ

= 18c1ρ +54c2ρ2+108c3ρ3+c7(ρ)

(

6π2

γ

)2/3

ρ5/3 +
3
M

(

6π2

γ

)2/3

ρ2/3, (C.37)

para

c7(ρ) =
4

M2

(

3G′2
σ +

66
5

A′ρ +
693
20

B′ρ2
)

. (C.38)

Outra forma de se obter as equações (C.35) e (C.37), é fazer uso de (C.31) através de

P = ρ2 ∂ (E/ρ)
∂ρ e K = 9ρ ∂ 2

E

∂ρ2 , respectivamente.



APÊNDICE D -- Teoria quântica de campos: alguns

conceitos

O objetivo deste Apêndice, que tem por base as referências [92, 118, 142], é apresentar de

forma bastante qualitativa alguns importantes conceitos de Teoria Quântica de Campos utiliza-

dos na tese, mais especificamente no capítulo 4.

D.1 Invariância local de gauge

A densidade lagrangiana de Dirac, dada por

LD = ψ(iγµ∂µ −m)ψ, (D.1)

representa um sistema de férmions livres de massam, representados pelo spinorψ. Ao impor

que este campo se transforme segundoψ → ψ ′ = eiωψ, comω sendo um número real, temos

que

L
′
D = ψ ′(iγµ∂µ −m)ψ ′ = e−iωψ(iγµ∂µ −m)eiωψ

= LD. (D.2)

Diz-se então que a lagrangiana de Dirac é invariante segundoa transformação globalψ → ψ ′ =

eiωψ. Considerando agora queω depende da posição, ou seja, fazendoω = ω(x), temos que

o campo fermiônico segue a regra de transformação localψ → ψ ′ = eiω(x)ψ. Dessa forma, a

lagrangiana de Dirac altera-se para

L
′
D = ψ ′(iγµ∂µ −m)ψ ′

= ie−iω(x)ψγµ ∂µ(eiω(x)ψ)−e−iω(x)eiω(x)mψψ

= ψ(iγµ∂µ −m)ψ −ψγµψ∂µ ω(x)

= LD −ψγµ ψ∂µ ω(x). (D.3)
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Vê-se então queLD não é invariante sob a transformação local no campo fermiônico ψ. Note

entretanto que se redefinirmos tal densidade lagrangiana para

L = ψ(iγµ∂µ −m)ψ +ψγµ ψAµ , (D.4)

com Aµ sendo um campo bosônico e, junto à condiçãoψ → ψ ′ = eiω(x)ψ, adicionarmos a

seguinte transformação localAµ → A′
µ = Aµ +∂µ ω(x), temos que

L
′ = ψ ′(iγµ∂µ −m)ψ ′ +ψ ′γµ ψ ′A′

µ

= LD −ψγµψ∂µ ω(x)+e−iω(x)eiω(x)ψγµ ψ(Aµ +∂µ ω(x))

= LD −ψγµψ∂µ ω(x)+ψγµ ψ∂µ ω(x)+ψγµψAµ

= L. (D.5)

Ou seja, tais transformações locais nos camposψ eAµ deixamL (e nãoLD) invariante. Diz-se

então que o sistema descrito porL possuiinvariância local de gauge. Outra maneira de se

obter a expressão invariante de gauge dada em (D.4), é substituir a derivada∂µ em (D.1) pela

chamada derivada covariante, ou seja, fazer

∂µ → Dµ = ∂µ − iAµ . (D.6)

Generalizando o exemplo anterior, pode-se afirmar que um sistema é dito invariante sob

transformações locais de gauge quando seus campos se transformam segundo

ψ → ψ ′ = Uψ e (D.7)

Aµ → A′
µ = U(Aµ + i∂µ)U†, (D.8)

comU†U = 1, para sistemas nos quais na densidade lagrangiana as derivadas usuais são subs-

tituídas pelas derivadas covariantes, Eq. (D.6). Note que épossível verificar a invariância do

exemplo anterior, Eq. (D.4), ao se usar o operadorU = eiω(x).

D.2 Formalismo de tempo imaginário

Em Teoria Quântica de Campos, a amplitude de probabilidade de um estado descrito por

um campo cuja configuração éφi(x) emt = ti realizar uma transição para um estado cuja confi-

guração é dada pelo campoφ f (x) emt = t f , parat f > ti, é escrita em termos da seguinte integral
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funcional [118]:

〈

φ f , t f |φi, ti
〉

=
〈

φ f
∣

∣e−i(t f−ti)Ĥ |φi〉 (D.9)

=

∫

Dφ exp

[

i
∫ t f

ti
dt
∫

d3xL(φ)

]

(D.10)

=
∫

Dφ eiS(φ) (D.11)

comS(φ) sendo a ação êH o hamiltoniano do sistema.

O tratamento da Teoria Quântica de Campos a temperatura finita é feito a partir da conexão

desta teoria com a Mecânica Estatística Quântica. Para realizar tal relação de forma direta, é

preciso antes escrever a amplitude de probabilidade, dada na Eq. (D.11), no espaço euclidiano.

Para tal, usemos o exemplo ondeLM é dada por

LM =
1
2

∂µφ∂ µ φ −V(φ), (D.12)

comV(φ) representando os termos de interação. O subíndice indica que a densidade lagrangi-

ana está expressa no espaço de Minkowski. Para escreverLM no espaço euclidiano, usa-se a

chamada rotação de Wick dada port = −itE. Com isso temos quedt = −idtE e, consequente-

mente:

LM =
1
2

∂tφ∂tφ − 1
2

∂iφ∂ iφ −V(φ)

= −1
2

∂tEφ∂tEφ − 1
2

∂iφ∂ iφ −V(φ)

= −
(

1
2

∂tEφ∂tEφ +
1
2

∂iφ∂ iφ +V(φ)

)

≡ −LE. (D.13)

Assim, a Eq. (D.10) pode ser reescrita como

〈

φ f , t|φi,0
〉

=
〈

φ f
∣

∣e−it Ĥ |φi〉 (D.14)

=
∫

Dφ exp

[

−
∫ it

0
dtE

∫

d3xE LE(φ)

]

(D.15)

=

∫

Dφ e−SE(φ), (D.16)

agora comSE(φ) sendo a ação euclidiana e, para o caso particular em queti = 0 e t f = t. De

posse da amplitude de probabilidade na versão euclidiana, pode-se agora fazer a conexão com
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a Mecânica Estatística observando que a função de partição quântica, definida como

Z = Tre−β Ĥ = ∑
n
〈n|e−β Ĥ |n〉 , (D.17)

comβ = 1/T, pode ser representada por uma integral funcional, já que sua comparação com a

expressão(D.14) junto às associaçõesβ = it e
∣

∣φ f
〉

= |φi〉 = |n〉 [142], levam à

Z =
∫

Dφ exp

[

−
∫ β

0
dτ
∫

d3xL(φ)

]

, (D.18)

onde devido à operação do traço, devem ser verificadas as condições de periodicidade,φ(0) =

φ(β ), ou antiperiodicidade,ψ(0) =−ψ(β ), para campos bosônicos ou fermiônicos respectiva-

mente.

Embora este tratamento tenha sido feito a partir de um exemplo específico e para o caso

particular ondeti = 0 et f = t, a conexão entre as teorias é válida para qualquer sistema.

D.3 Simetria quiral

Usemos novamente o exemplo do sistema de férmions livres para desta vez apresentar o

conceito de quiralidade. A equação que deve ser verificada para tal sistema é a de Dirac, dada

por

(iγµ∂µ −m)ψ = 0. (D.19)

A solução para o spinorψ, escrita como

ψ(~x, t) =
1

(2π)3

∫

d3k [a~ku(~k)e−ikµ xµ
+b†

~k
v(~k)eikµ xµ

], (D.20)

quando substituída em (D.19), gera

(γµkµ −m)u(~k) = 0 e (D.21)

(γµkµ +m)v(~k) = 0. (D.22)

Para efeito de análise do número de soluções que as equações acima possuem, consideremos

o caso em que~k = 0. Nesse casoγµkµ = γ0k0 = γ0
√

k2 +m2 = γ0m e, consequentemente, a
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expressão (D.21) por exemplo torna-se

(γ0m− I2×2m)u(~k = 0) = 0 (D.23)














0 0 0 0

0 0 0 0

0 0 −2 0

0 0 0 −2





























a1

a2

a3

a4















=















0

0

0

0















, (D.24)

com duas soluções linearmente independentes dadas por

u1(~k = 0) =















1

0

0

0















e u2(~k = 0) =















0

1

0

0















. (D.25)

O mesmo procedimento leva a obtenção também de duas soluçõeslinearmente independentes

para o spinorv(~k). De uma forma geral, ou seja mesmo para~k 6= 0, vê-se então que é necessário

distinguir entre duas soluções para os spinoresu e v. Uma das formas de realizar tal distinção

é procurar um operador que comute com o hamiltoniano de Dirac, ĤD = −γ0(γ i∂i −m), en-

contrado a partir de (D.19), para então determinar um novo número quântico que diferencie os

estados. Tal operador é dado por

Λ̂ ≡~S·
~k
k

=
1
2

(

~σ 0

0 ~σ

)

·
~k
k
, (D.26)

com~σ = σxx̂+ σyŷ+ σzẑ. Seus autovalores, dados por±1/2, são os números quânticos que

definem ahelicidadeda partícula, que fisicamente representa a projeção do spin do férmion na

direção de seu movimento. A figura D.1 representa partículascujas helicidades são positivas e

negativas.

k k

Figura D.1:Partículas de helicidade (a) positiva e (b) negativa.
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Pela definição, nota-se que a helicidade é uma grandeza que essencialmente depende do re-

ferencial adotado pelo observador. Por exemplo, um observador parado em relação à partícula

representada na figura D.1a mede o valor 1/2 para sua helicidade. Se agora o mesmo obser-

vador move-se comkobs > k, temos que sua medida para a helicidade da partícula resultano

valor−1/2. Naturalmente, se o observador move-se comkobs= k conclui que a helicidade da

partícula é nula. Diante deste contexto, conclui-se que um férmion de massa nula tem medida

absoluta de sua helicidade, já que neste caso sua velocidadeé igual à da luz. Uma consequência

direta desta propriedade na equação de Dirac, que neste limite de massa fermiônica nula é dada

por

iγµ∂µ ψ = 0, (D.27)

é que como{γ5,γµ} = 0, temos, ao multiplicarγ5 pela esquerda em (D.27), queiγ5γµ ∂µψ =

−i∂µγµ γ5ψ = 0, logo mostra-se que tantoψ quantoγ5ψ são soluções de (D.27), assim as

combinações lineares dadas por

ψL =
1
2
(1− γ5)ψ e (D.28)

ψR =
1
2
(1+ γ5)ψ (D.29)

também são. Nesta notaçãoψL (spinorleft-handed) eψR (spinorright-handed) estão associados

a férmions de helicidade−1/2 e 1/2 respectivamente. Seus adjuntos são escritos como

ψL = ψ†
Lγ0 =

1
2

ψ†(1− γ5)γ0 =
1
2

ψ(1+ γ5) e (D.30)

ψR = ψ†
Rγ0 =

1
2

ψ†(1+ γ5)γ0 =
1
2

ψ(1− γ5). (D.31)

Com estas definições é possível reescrever a densidade lagrangiana de Dirac, Eq. (D.1), da

seguinte forma

LD = i(ψL +ψR)γµ∂µ(ψL +ψR)−m(ψL +ψR)(ψL +ψR)

= iψLγµ∂µ ψL + iψLγµ ∂µψR+ iψRγµ∂µ ψL + iψRγµ∂µ ψR

+ m(ψLψL +ψLψR+ψRψL +ψRψR)

LD = iψLγµ∂µ ψL + iψRγµ ∂µψR+m(ψLψR+ψRψL), (D.32)
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onde usamos

iψLγµ ∂µψR =
i
4

ψ(1+ γ5)γµ ∂µ(1+ γ5)ψ

=
i
4
(ψγµ∂µ ψ +ψγµ γ5∂µ ψ +ψγ5γµ∂µ ψ +ψγ5γµγ5∂µψ)

=
i
4
(ψγµ∂µ ψ +ψγµ γ5∂µ ψ −ψγµ γ5∂µ ψ −ψγµ ∂µψ)

= 0, (D.33)

iψRγµ ∂µψL =
i
4

ψ(1− γ5)γµ ∂µ(1− γ5)ψ

=
i
4
(ψγµ∂µ ψ −ψγµ γ5∂µ ψ −ψγ5γµ∂µ ψ +ψγ5γµγ5∂µψ)

=
i
4
(ψγµ∂µ ψ −ψγµ γ5∂µ ψ +ψγµ γ5∂µ ψ −ψγµ ∂µψ)

= 0, (D.34)

ψLψL =
1
4

ψ(1+ γ5)(1− γ5)ψ =
1
4
(ψψ −ψγ5ψ +ψγ5ψ −ψψ)

= 0 e (D.35)

ψRψR =
1
4

ψ(1− γ5)(1+ γ5)ψ =
1
4
(ψψ +ψγ5ψ −ψγ5ψ −ψψ)

= 0, (D.36)

juntamente com as propriedades{γ5,γµ} = 0 e
(

γ5
)2

= 1.

Nota-se então por (D.32), que é possível representar um férmion por seus respectivos cam-

pos de helicidade bem definida, e que tais campos são totalmente desacoplados entre si apenas

no caso particular em que o férmion possui massa nula, já que otermo de massa é o responsável

pela mistura entreψL e ψR. Assim, diz-se que um sistema apresentasimetria quiralquando a

densidade lagrangiana que o descreve é escrita de forma em que os campos left-handed e right-

handed estão totalmente desacoplados. Por outro lado, sistemas nos quais estes campos são

misturados, tais como o descrito por (D.32), são ditos apresentarem quebra explícita da simetria

quiral.

Outra forma equivalente de verificar a realização da simetria quiral em uma teoria qualquer

é através da análise da transformação global dada por

ψ → ψ ′ = eiαγ5
, (D.37)

com α sendo um número real. Neste caso, a simetria quiral é realizada quando a densidade

lagrangiana do sistema é invariante sob a transformação (D.37), o que continua não sendo o
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caso de (D.32) devido ao termomψψ.

Como〈ψψ〉 é um termo que impede a realização da simetria quiral, é natural adotá-lo como

um parâmetro de ordem da transição de fases onde a simetria quiral é quebrada/restaurada1. No

caso específico da QCD por exemplo, tal parâmetro de ordem é considerado aproximado já que

devido à massa não-nula dos quarks, a simetria quiral é explicitamente quebrada na densidade

lagrangiana. A restauração é esperada ocorrer no regime de altas temperaturas ou densidades.

1Simetria quiral quebrada:〈ψψ〉 6= 0. Restaurada:〈ψψ〉 = 0.



APÊNDICE E -- Casos particulares do modelo PNJL

E.1 Setor puro de glúons

Um dos casos particulares que podem ser tratados no modelo PNJL é o setor puro de glúons,

o que é reproduzido eliminando-se emΩPNJL a parte referente às interações de quarks. Assim,

a pressão, densidade de energia e densidade de entropia do sistema são, respectivamente, dados

por

PSPG = −ΩSPG= −U(Φ,T), ESPG= U(Φ,T)−T
∂U

∂T
e SSPG= −∂U

∂T
. (E.1)

A condição de minimização do grande potencial termodinâmico, equação (4.29), reduz-se para

∂U(Φ,T)

∂Φ
= 0. (E.2)

A figura E.1 mostra comoΦ e as quantidades termodinâmicas dadas em (E.1) comportam-

se em função da temperatura para as diferentes parametrizações usadas no capítulo 4.
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linha em branco
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Figura E.1: (a) Φ . (b), (c) e (d) Pressão, densidade de energia e densidade de entropia, respectivamente,
escalonados por seus valores no limite de Stefan-Boltzmann. Para todas as figurasT0 = 270 MeV e, para a
parametrização DS10 foi tomadoµq = 0.

Note pela figura E.1a, que as parametrizações utilizadas exibem uma transição de fases

de primeira ordem no parâmetroΦ em uma temperaturaT0 ≃ 270 MeV1. Na verdade esse é

um resultado esperado, já que as parametrizações do modelo PNJL são construídas de forma a

verificar tal transição no setor puro de glúons.

Já as figuras E.1b-E.1d mostram que todos os potenciais de Polyakov, com exceção da pa-

rametrização FUKU08 [125], reproduzem por construção o limite de Stefan-Boltzmann em

altas temperaturas, onde especificamente para o setor puro de glúons apresenta os valores

PSB= 16π2T4

90 , ESB= 3PSB e SSB= 4PSB/T respectivamente para a pressão, densidade de ener-

gia e densidade de entropia.

E.2 Expressões em temperatura nula: setor NJL

Nesta seção, apresentaremos as expressões para temperatura nula do modelo PNJL, que na

verdade, são exatamente as mesmas do modelo NJL. Também mostraremos os valores dos parâ-

metrosG, Λ e M0 que são encontrados para fixar alguns observáveis neste regime de tempera-

tura e paraρq = 0. Em tais cálculos, nos concentraremos nas parametrizações do modelo PNJL

nas quaisΦ = 0 paraT = 0, ou seja, consideraremos os casos em queU(Φ,Φ∗,T = 0) = 0.

ParaT = 0, a densidade de energia dada na equação (4.21) e a densidadeescalar, dada em

1Como já mencionado no capítulo 4, para o setor puro de glúons cosidera-seΦ como um parâmetro de ordem
exato para a transição confinamento/desconfinamento.
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(4.14), são substituídas por

EPNJL(T = 0) =
Gρsq

2

2
+

γq

8π2

[

k4
Fq ξ

(

Mq

kFq

)

−Λ4 ξ
(

Mq

Λ

)]

e (E.3)

ρsq(T = 0) =
γqMq

4π2

[

k2
Fqζ

(

Mq

kFq

)

−Λ2ζ
(

Mq

Λ

)]

(E.4)

com

ξ (z) =

(

1+
z2

2

)

√

1+z2− z4

2
ln

(√
1+z2+1

z

)

e (E.5)

ζ (z) =
√

1+z2− z2

2
ln

(√
1+z2+1√
1+z2−1

)

, (E.6)

ondekFq é o momento de Fermi do quark. A densidade de quarks éρq =
γq

6π2 k3
Fq e a pressão é

dada por

PPNJL(T = 0) = µqρq−EPNJL(T = 0), (E.7)

com o potencial químico dos quarks sendoµq = (k2
Fq +M2

q)1/2.

Assim, as expressões para o vácuo obtidas fazendo-sekFq = 0, são

Evac =
Gρvac

sq
2

2
− γqΛ4

8π2 ξ
(

Mvac
q

Λ

)

, e (E.8)

ρvac
sq = −

γqMvac
q Λ2

4π2 ζ
(

Mvac
q

Λ

)

. (E.9)

Logo, fixando os valores demπ = 140,51 MeV, fπ = 94,04 MeV e | 〈ūu〉 |1/3 = 251,32

MeV e, usando a expressão (E.9) junto à relação de Gell-Mann-Oakes-Renner,

m2
π f 2

π = −M0ρsq, (E.10)

onde

f 2
π =

NsNcM2
q

2π2Nf

∫ Λ

0

k2dk

(k2+M2
q)3/2

, (E.11)

obtém-seΛ = 651 MeV, M0 = 5,5 MeV e G = 10,08 GeV−2. A massa constituinte do quark

no vácuo obtida para tais valores éMvac
q = 325,53 MeV.

A exigência de que tenhamosEPNJL(T = ρq = 0) = 0 leva à seguinte expressão final para a
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densidade de energia emT = 0,

EPNJL(T = 0) =
Gρsq

2

2
+

γq

8π2

[

k4
Fq ξ

(

Mq

kFq

)

−Λ4 ξ
(

Mq

Λ

)]

−Ωvac, (E.12)

onde Ωvac ≡ Evac. Note pela expressão (E.7), que a mesma condição também garante que

PPNJL(T = ρq = 0) = 0. Para o conjunto de parâmetros dados porΛ = 651 MeV,M0 = 5,5 MeV

e G = 10,08 GeV−2 , temos que|Ωvac|1/4 = 409,15 MeV. No capítulo 4 desta tese, conside-

ramos este valor deΩvac para todos os potenciais de Polyakov do modelo PNJL, incluindo

também a parametrização DS10.
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