
Di r ecci ó n:      Biblioteca Central Dr. Luis F. Leloir, Facultad de Ciencias Exactas y Naturales, Universidad de Buenos Aires. 
Intendente Güiraldes 2160 - C1428EGA - Tel. (++54 +11) 4789-9293

Co nta cto :     digital@bl.fcen.uba.ar

Tesis de Posgrado

Ancho de dispersión de las
resonancias multipolares gigantes

Seva, Esteban Carlos

1996

Tesis presentada para obtener el grado de Doctor en Ciencias
Físicas de la Universidad de Buenos Aires

Este documento forma parte de la colección de tesis doctorales y de maestría de la Biblioteca
Central Dr. Luis Federico Leloir, disponible en digital.bl.fcen.uba.ar. Su utilización debe ser
acompañada por la cita bibliográfica con reconocimiento de la fuente.

This document is part of the doctoral theses collection of the Central Library Dr. Luis Federico
Leloir, available in digital.bl.fcen.uba.ar. It should be used accompanied by the corresponding
citation acknowledging the source.

Cita tipo APA:

Seva, Esteban Carlos. (1996). Ancho de dispersión de las resonancias multipolares gigantes.
Facultad de Ciencias Exactas y Naturales. Universidad de Buenos Aires.
http://digital.bl.fcen.uba.ar/Download/Tesis/Tesis_2875_Seva.pdf

Cita tipo Chicago:

Seva, Esteban Carlos. "Ancho de dispersión de las resonancias multipolares gigantes". Tesis de
Doctor. Facultad de Ciencias Exactas y Naturales. Universidad de Buenos Aires. 1996.
http://digital.bl.fcen.uba.ar/Download/Tesis/Tesis_2875_Seva.pdf

http://digital.bl.fcen.uba.ar
http://digital.bl.fcen.uba.ar
http://digital.bl.fcen.uba.ar/Download/Tesis/Tesis_2875_Seva.pdf
http://digital.bl.fcen.uba.ar/Download/Tesis/Tesis_2875_Seva.pdf
mailto:digital@bl.fcen.uba.ar


UNIVERSIDAD DE BUENOS AIRES
FACULTAD DE CIENCIAS EXACTAS Y NATURALES

Tema de Tesis

Ancho de Dispersión de las
Resonancias Multipolares Gigantes

Autor
Esteban Carlos Seva

Director de Tesis

Hugo Mario Sofia

Lugar de Trabajo
Departamento de Física

Comisión Nacional de Energía Atómica

Tesis presentada para optar al título de Doctor en Ciencias Físicas
—1996—

L‘JQ/



¡0.0.0.0...O...OOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOO‘

Resumen

Las Resonancias Multipolares Gigantes son vibraciones de la superficie nuclear generadas
por la promoción de nucleones, a través de la superficie de Fermi, a capas desocupadas,
que están descriptas como excitaciones coherentes de partícularag'ujero.

En este trabajo evaluamos el ancho de dispersión de las Resonancías Multipolares Gi­
gantes usando la discontinuidad, a.tiempos cortos, de la segunda derivada de la función
de Green del bosón vibracional. Esto nos permitió aislar los procesos que contribuyen al
ancho de dispersión en término de una expansión diagramática de Feynman del bosón
vestido. Utilizamos para clasificar los procesos el tratamiento perturbativo del estado
de un bosón que provee la Teoría Nuclear de Campos (NFT) y obtuvimos una simple
expresión para el ancho de dispersión en el menor orden (no nulo) de teoría de pertur­
baciones.

Extendimos el cálculo del ancho de dispersión de las Resonancia Mutipolares Gi­
gantes a temperatura finita, con el mismo método de la. discontinuidad de la segunda
derivada, pero usando la función de Green en el formalismo de Matsubara,

Realizamos los cálculos numéricos del ancho de dispersión, a temperatura cero y
temperatura finita, para el 20“Pb y el 90Zr utilizando una fuerza separable isoescalar­
isovectorial picada sobre la superficie nuclear del tipo 6V (r) / 81-,siendo V(r) el potencial
de Wood-Saxon.
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Abstract

The Giant Multipole Resonances are vibrations of the nuclear surface produced by the
promotion of the nucleons, across the Fermi surface, to unoccupied levels, these are very
well described as coherent states of particle-hole excitations.

In this work we evaluate the spreading Width of the Giant Multipole Resonances using
the discontinuity in the second derivative, for short times, of the Green’s function of the
vibrational boson. This allows us to isolate the processes that contribute to the spread­
ing Width in terms of the Feynman diagrammatic expansion of the full boson propagator.
Utilizing for classification purpose the Nuclear Field Theory (NFT) perturbative treat­
ment of the one boson states, and we obtain a very simple expression for the spreading
Width in the lowest (nonvanishing) order of perturbation theory.

We extend the calculation of the spreading Width of the Giant Multipole Resonances
to finite temperature, With the same methods of the discontinuity in the second deriva­
tive, but using the Matsubara Green’s function.

Finally we have applied the calculation of the spreading Width, for zero and fi­
nite temperature, to the me and 90Zr. The interaction we have used is a separable
isoescalar-isovector one, peaked in the nuclear surface With a radial dependence of the
type 8V (r) / 81', being V(r) a Wood-Saxon potential.
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Capítulo 1

Introducción

En experimentos de fotoabsorsión, dispersión inelástica de a, 3He y protones se excitan
estados colectivos. El centroide de la distribución de intensidad, o lo que es lo mismo la
energía del correspondiente estado colectivo, puede ser obtenida por medio de la apro­
ximación de la RPA. Estos cálculos reproducen exitosamente los datos experimentales.
mientras que el ancho de la distribución esta más allá de la RPA pues requiere la mezcla
con estados más complejos.

Las Resonancias Multipolares Gigantes pueden pensarse macroscópicamente como
vibraciones de la superficie nuclear. En general, la respuesta a un campo externo genera
una distribución con un pico resonante en alguna región de la energía de excitación
donde existe una alta densidad de niveles. Desde el punto de vista microscópico, estas
vibraciones son pensadas como la promoción de nucleones a capas desocupadas que son
descriptas como una suma coherente de excitaciones de partícula-agujero.

La teoría de campo medio (RPA), la cual es la base del cálculo microscópico, puede
explicar dos características de la distribución de intensidad, el centroide y su intensidad
total. Pero es incapaz de explicar el ancho de la distribución de intensidad, que de­
pende de tres factores: a)La atenuación de Landau en un núcleo finitolnl, que es la frag­
mentación de la resonancia sobre muchos pares de particulas-agujeros con similar energía.
b)E1 ancho de dispersión que, esta relacionado al segundo momento de la distribución
de intensidadl38l, se origina del acoplamiento de un estado de la RPA a configuraciones
cercanas más complejas, principalmente a estados de 2partículas-2ag'ujeros. c)El ancho
de escape, que esta relacionado a la emisión directa de partículasl35l[51“53ll56n73l,juega
un rol importante en núcleos livianos donde las barreras coulombianas y centrífugas son
bajas.

En este trabajo se desarrolla un modelo para el cálculo del ancho de dispersión de las
Resonancias Multipolares Gigantes, que es la principal fuente de atenuación para núcleos
intermedios y pesados. Para describir el ancho de dispersión se han hecho varias aproxi­
maciones teóricas resumidas en la ref.[15] . En general, en la estructura de estos cálculos
las Resonancias Mzdtipolares Gigantes se mezclan con estados cercanos más complica­
dos llamados estados intermedios. En algunos de estos modelos, los estados intermedios
están construidos con configuraciones puras de 2partículas-2agujerosl2l[62"63l, en otros



lo están con un estado puro de partícula-agujero y con un bosón colectivol14ll15l'231,o
con dos bosones colectivosl I. La mezcla con los estados intermedios no cambian las pro­
piedades promedios de los modos, y lo que genera es una redistribución de la intensidad
sin modificar el centroíde de la distribución. El modelo que, en general, se utiliza para el
cálculo del ancho de dis ersión de las Resonancias Multipolanes Gigantes es el Modelo de
la Función Intensidadl l que realiza un promedio de la función intensidad, por medio de
una función peso, para desechar los detalles finos, quedarse con los gruesos y como medio
para generar dispersión. Como resultado de este promedio se genera la atenuación de las
resonancias en forma fenomenológica.l3', pues se pasa de un parámetro infinitesimal n
(en la fimción intensidad) a uno finito ajustable A (en la ftmción intensidad promediada)
cuyo valor, normalmente, se detemiina en forma empírica.

En este trabajo se generaliza el modelo de Baranger'4l para el cálculo del ancho
de dispersión (o segundo momento de la distribución de intensidad) de las Resonancias
Multipolanes Gigantes usando para ello la discontinuidad, a tiempos cortos, de la segunda
derivada de la función de Green del bosón vibracional, constniido en la aproximación
de la RPA, lo cual nos lleva a una simple expansión diagramátical'ul. La ventaja de
utilizar fimciones de Green es que uno conoce, desde el punto de vista microscópico,
los procesos tenidos en cuenta en las distintas aproximaciones y que, además, no agrega
ningún parámetro ajustable. Demostramos que el ancho de dispersión se puede expresar
en término de un elemento de matriz efectivo que conecta el estado de un bosón con
estados de dos bosones, como fue sugerido por Brown y otrosl l, a primer orden no nulo
en la expansión perturbativa.

Nuestro modelo incluye estados intermedios de todas las configuraciones descrip­
tas previamente, es decir: de 2partículas-2agujeros puros, las de lpartícula-lagujero y
un bosón colectivo, y las de dos bosones colectivos. Utilizamos el formalismo de la
NFTlsllgllloulll para clasificar los procesos involucrados y consideramos todos los dia­
gramas que contribuyen al ancho de dispersión al orden á, a diferencia de la ref.[23] que
usando el mismo formalismo utiliza sólo algunas perrnutaciones temporales.

La NFT hace uso del concepto de modos elementales de excitación de un sistema
fermiónico de muchos cuerpos. Dichas excitaciones pueden tener un caráter fermiónico o
bosónico según corresponda a la ftmción de Green de uno o dos cuerpos respectivamente.
En la el conjunto básicode estados está formadopor el producto de ambos tipos
de excitaciones y se proveen reglas bien definidas para la construcción del hamiltoniano
y de otros operadores físicos en este espacio producto. Para clasificar los diagramas se
utiliza un modelo de dos niveles con degeneración 2Q separados por una diferencia de
energía de e y con 2Q partículas que interactuan entre si mediante un hamiltoniano de
dos cuerpos monopolar. Los diagramas se clasifican de acuerdo a la potencia de á con
la que contribuyen.

Hasta comienzos de la decada del ochenta, uno podía solamente estudiar las Reso­
nancias Multipolares Gigantes como excitaciones del estado fimdamental. Gracias al
desarrollo de aceleradores de iones pesados y de dispositivos de detección fue posible en
los últimos años medir propiedades de núcleos a muy alta energía de excitación y con
alto momento angular por medio de fusión y colisiones de iones pesados. Los núcleos
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altamente excitados son estudiados a través de sus canales de decaimiento, en particular
el decaimiento 7 de estos núcleos excitados, incluyendo la observación de rayos 7 de
transiciones Dipolares Gigante, son medidas usando un gan arreglo de detectores.

El núcleo altamente excitado exhibe una variedad de fenómenos interesantes entre
los cuales resaltamos los siguientes: La observación de movimientos colectivos a tempe­
ratura finita, en particular, la Resonancia Dipolar Gigante estudiada como función de la
temperatura y del espínl H l. La transición de fase de núcleo su erconductor a núcleo
normal cuando la temperatura supera la temperatura critical3 "49'. La observación
de los cambios dinámicos de la forma de núcleo, a medida que aumenta la tempera­
tura, permite obtener información de la estructura microscópica de núcleos altamente
excitadosl l. La transición de fase de líquido a gas, esto ocurre cuando la energía de
ligadura no es lo suficientemente intensa como para compensar la tendencia del núcleo
a aumentar la entropía y dispersar los nucleones en forma de vaporllsl. Debido a la
repulsión de coulomb el núcleo se encuentra en un estado inestable, por lo cual no se
observan experimentalmente núcleos compuestos en equilibrio a temperaturas superiores
a este estado.

Una descripción estadística de tales sistemas es adecuada, para lo cual es necesario
realizar la suposición de equilibrio: todos los estados a una dada energía de excitación,
espín y otros números cuánticos que se conserven son igualmente probables.

Los núcleos excitados producidos en fusión y colisiones de iones pesados pueden
mantener su energía el tiempo suficiente como para alcanzar el equilibrio estadístico, ya
que le lleva unas pocas colisiones entre los nucleones distribuir la energía y el momento
angular entre todos los grados de libertad. El tiempo de tal reacción es el tiempo que le
lleva al nucleón atravesar el diámetro del núcleo que es del orden de 10-22 seg. debido
a que el radio medio de núcleos pesados es del orden de 6 fm, la distancia media entre
nucleones es típicamente de 2 fm y la velocidad del nucleón en la superficie de Fermi
es aproximadamente un 30% de la velocidad de la luzlazl. Esto justifica la hipótesis de
equilibrio ya que este tiempo es superior al tiempo medio de la evaporación de partículas,
que es del orden de 10’19 seg.

Se han desarrollado varias aproximaciones variacionalesl49][50'67], para el tratamiento
de sistemas a temperatura finita, basadas en la minimización del potencial termodinámico
adecuado. Para la descripción del núcleo se emplea, en general, el conjunto gran canónico
y el potencial que se minimiza es, en consecuencia, el gran potencial.

A partir de observación experimental, proveniente del decaimiento 7 del núcleo com­
puesto, se observa que la energía de las Resonancia Multipolares Gigantes son bastante
independiente de la temperatura a diferenciadel ancho total que crece fuertementel36u45l
Los estudios teóricos reproducen con éxito la independencia de la energía con la tempe­
ratura, pero no han podido explicar totalmente el crecimiento del ancho y menos aún
la desaparición de los rayos 7 de las Resonancias Multipolares Gigantes que se observa
a temperatura entre los 4 y 5 Mevl2'1"25"27|. Se indica que existe dos factores princi­
pales que contribuyen al incremento: a) Las fluctuaciones de la superficie nuclear. b) El
momento angular transferido al núcleo. Estos factores por si solos no explican los datos
experimentales por lo cual es necesario investigar otros posibles mecanismos, que no son



los anteriormente señalados, responsables de dicho incremento.
Uno de los posibles responsables es el ancho de dispersión, que es la principal fuente

de atenuación para núcleos intermedios y pesados a temperatura cero. A temperatura.
finita existen solamente unos pocos cálculos teóricos. Por ejemplo, en la ref.[76]utilizando
un método semiclásico observaron que el ancho de dispersión crece ligeramente con la
temperatura, mientras que en la ref.[22], usando el formalismo de la NFT, observaron
que disminuye. Pero en este último trabajo se realizaron una serie de hipótesis que serán
discutidas posteriormente.

Una continuación natural, a la primera parte del trabajo, es evaluar el ancho de
dispersión de las Resonancias Multipolares Gigantes como fimción de la temperatural l,
utilizando para ello la discontinuidad de la segimda derivada del propagador vibracional
pero ahora dependiente dela temperatura, dentro del formalismode Matsubaralo l. Esto
nos permite aislar los procesos que contribuyen al ancho de dispersión en términos de
una expansión en diagramas de Feynman.

Las funciones de Green en el formalismo de Matsubara. dependen de un parámetro
imaginario puro. En este formalismo se simplifica mucho los desarrollos y por medio de
una continuación analítica se la puede relacionar con la fimción de Green de tiempo real
que tiene una interpretación física directal l.

El trabajo fue organizado de la siguiente manera: En el Capítulo 2, se repasa las
definiciones de las funciones de Green a temperatura cero y de las funciones de Green
en el formalismo de Matsubara. Se describe el método y la información que se obtiene
de la discontinuidad de la función de Green y sus derivadas. En el Capítulo 3, se detalla
el formalismo de la NFT y como obtener las distintas raices de la RPA para una fuerza
separable isoescalar-isovectorial, tanto a temperatura cero como a temperatura finita.
En el Capitulo 4, se desarrolla el modelo para el cálculo del ancho de dispersión y se
muestran los resultados obtenidos para la Resonancia Dipolar Gigante 1’ del 208Pby
del 9°Zr, tanto a temperatura cero como a temperatura finita. En el Capítulo 5, se
presentan las conclusiones del trabajo. En el Capitulo 6, se encuentran los apéndices
que describen los aspectos básicos del Modelo de la thción Intensidad y de la Regla de
Suma de Energía.



Capítulo 2

Funciones de Green

2.1 Funciones de Green a Temperatura Cero

Las funciones de Green demostraron ser una herramienta muy eficaz para obtener la
solución de sistemas físicos, que consisten en muchas partículas interactuando mutua­
mente. Aunque no es fácil de determinarla a partir de las funciones de Green de las
partículas que intervienen, por lo cual requiere el uso de teoría de perturbaciones para
expandirla en una serie perturbativa. Para esta expansión se obtienen una serie de reglas
precisas para encontrar la contribución del n-ésimoorden en la perturbación, pudiéndose
expresar cada orden mediante diagramas de Feynman.

Las funciones de Green contienen información relevante del sistema: desde la ener­
gía del estado fundamental, la energía y vida media de los estados excitados, el valor
medio de cualquier operador de un cuerpo en el estado fundamental, la respuesta a per­
turbaciones externas hasta su extensión a sistemas dependientes de la temperatura que
provee información de la fimción de partición y por ende de las funciones termodinámicas
(entropía, densidad de niveles, etc.).

También demostró su versatilidad, pues es aplicada en distintos problemas de la
física: desde los problemas de mecánica estadistica, los de la física del estado sólido. los
de teoría de campos. los de física nuclear, etc.

En lo que respecta a física nuclear fue ampliamente utilizada, ya en la decada
del sesenta Thoulessl o] derivó la solución de la RPA, cuando las excitaciones son de
partícula-agujero, dentro del formalismo de las funciones de Green; después en la decada
del setenta Bertsch y Tsail1 l generaron la teoría de respuesta lineal, cuyo objeto básico
es la función de Green de partícula-agujero, para buscar una manera alternativa al cálculo
del modelo de capas; Barangerl‘“ demostró que se puede obtener información relevante
si se analiza las discontinuidades de la fimción de Green fermiónica y sus derivadas a
tiempos cortos; Bes y otrosl1 l analizaron la conexión que existe entre la descripción
de la Teoría Nuclear de Campos (NFT) y el fonnalismo de funciones de Green; en la
decada. del ochenta Bortignon y otroslzzl lo mismo que Dussel y otrosl'lol, utilizando la
extensión a temperatura finita para la función de Green que hizo Matsubaralogl, obtu­
vieron una primera expresión para el ancho de las Resonancia! Multipolares Gigantes y



una eactensión de la PSA respectivamente; y en la decada del noventa Kamerdzhiev y
otrosla l calcularon el ancho de las Resonancia: Multipolares Gigantes incluyendo estados
de partícula independiente del continuo, etc.

Esta tesis se centra en generalizar lo hecho por Baranger para el caso del ancho de
dispersión de las Resonancias Midtipolares Gigantes tanto a temperatura cero como a
temperatura finita, logrando expresar el ancho de dispersión (en ambos casos) en una
forma sencilla a primer orden no nulo en una expansión perturbativa de diagramas de
Feynman, utilizando a la NFT para clasificar los procesos involucrados.

En lo que sigue de esta sección, se dará un breve repaso de las definiciones de la
función de Green, después se analizará sintéticamente cuales son los pasos a seguir para
obtener una expansión perturbativa, y finalmente se verá cuales son los procesos que
intervienen en la discontinuidad de la función de Green y sus derivadas.

2.1.1 Repaso y Definiciones

Se define la fimción de Green para estados discretos de un cuerpol como

(‘I’oI T{cu<t)cL m} I Wo)
(‘I’o I Wo)

donde | Wo)es el estado fundamental del sistema interactuante en la representación de
Heisenberg

iG (y, 1/; t, t') = (2.1)

H I ‘Ï'ol = E0 I Wo) (2-2)

c, (t) (cl, (t)) es el operador de destrucción (creación) dependiente del tiempo en la
representación de Heisenberg que en término del operador, en la representación de
Schródinger, cy (CL) se escribe

cu(t) = (¿int/acue-th/n

(2.3)

CL(t) = ei‘Ht/hclle-i‘Ht/h

y T es el operador de ordenamiento temporal de NVick

cy(mi, (t’) t > t’

T {cu (t) el, (t’) = (2.4)
mi, (t’)cy(t) t < t’

siendo e = 1 para fermiones y e = —1para bosones.
La función de Green exacta contiene información relevante de distintos observables,

tales como el valor medio de cualquier operador de un cuerpo en el estado fundamental

lUtilizamos estados discretos para la aplicación directa de las funciones de Green a la física nuclear.



del sistema, la energía del estado fundamental del sistema, el espectro de energías de
excitación del sistema, la vida media de los estados excitados, etc.

Para visualizar como obtener el espectro de energías de excitación conviene escribir
la función de Green en la representación de Lehmann, que es un desarrollo de la función
de Green en un conjunto completo de, operadores de Heisenberg, autoestados del hamil­
tom'ano total

zoo/yn - t') = Emo I cu I wm" I el, I Wo)e-i<E»-B°><‘-">/“o(t—H)

(2.5)

42m0 I el, I wn><wn ¡ cy I Wo>ei<E»-E°><‘-“>/"o(t' —t)

donde se usó que el hamiltoniano total no depende explícitamente del tiempo, por eso la
función de Green sólo depende de la diferencia de tiempos (t —t’)[44l. La transformada
de Fourier de la función de Green, en la representación de Lehmann, nos lleva a

g (WW) z z (‘I’eIcuI mm Iel, me) ¿z (‘I’oIeL I Loop-" Icut:‘I’ol»—<En—Eo>/n+m n u+<En—Eo)/n—m
(2.6)

el factor in es necesario para. que la integral temporal, cuando se realiza la antitransfor­
mada de Fourier, converja. Se puede notar que la dependencia en el plano complejo de
g (1/,1/;w) en .u sólo aparece en el denominador y que las singularidades de la función
de Green dan las energías de excitación del sistema siempre y cuando los residuos no
se anulen. Además, estos polos están por arriba del eje real cuando las energías ñ...)son
menores que el potencial químico u, y por debajo del eje real cuando los valores de ñ.»
son mayores que y, por lo tanto se desprende que la función de Green provee información
de la energía de Fermi.

Es instructivo obtener la fimción de Green para un fermion libre sobre el estado
fundamental, para ello observamos que en el primer término de g (1/,1/;w) [ec.(2.6)] la
partícula creada sólo puede estar por arriba del nivel de Fermi

(‘I’o I cu I Mi!" | cl, | wo) —>6.,.,:0(e —sp) (2.7)

el denominador del primer término es la diferencia de energía entre la partícula creada y
la energía del nivel de Fermi. Analogamente a lo hecho para el primer término, el segundo
término de g (u, 11’;w) [ec.(2.6)] sólo corresponde a agujeros por debajo del nivel de Fermi.
Por lo tanto, la fimción de Green fermiónica no interactuante en la representación de
Lehmann queda

0(6—E[:‘) 0(6p—e)
. . (2.8)u-e+zn u-e-zn90 (Val/l; W) = óuv’

donde e es la energía de la partícula respecto del nivel de Fermi. Desde ahora en ade­
lante, el subíndice 0 indica que estamos tratando a la función de Green de partículas



no interactuantes (desnuda), mientras que si no tiene el subíndice significa que estamos
tratando con la función de Green exacta de partículas interactuantes (vestida).

Del análisis de la expresión anterior [ec.(2.6)] se desprende que la función de Green
en la representación de Lehmann no es analítica en ninguno de los semiplanos, por eso es
útil definir un nuevo par de funciones que lo sean en alguno de los semiplanos. Definimos
las fimciones de Green retardada y avanzada como.

93,.4 (VJ/NJ) = Z (‘I’Ol CIIl ‘I/n)(‘11nl CL + ¿201,0 lei/l I‘I/—n)(‘1’—nlcu.lWO)n .u—( n-Eo)/ñi1,n w+(En—Eo)/ñ:tzn
(2.9)

Aunque expresar la función de Green exacta en la representación de Lehmann clarifica
la información que se puede obtener, ésta es en principio una expresión formal pues
para resolverla se necesita conocer la función de onda y la energía de todos los estados
excitados. La obtención de la función de Green en forma exacta, para problemas no
triviales, es de difícil solución por ello se recurre a la expansión perturbatíva que se verá
en la próxima subsección.

2.1.2 Expansión Perturbativa

En la subsección anterior, definimos la función de Green y vimos como formalmente esta
relacionada con algunas propiedades de los observables. Pero esto no resuelve el problema
fimdamental que es la obtención de la fimción de Green para problemas de muchos
cuerpos interactuando entre si . La obtención de dicha función requiere la utilización
de teoría de perturbaciones. Se puede obtener una expansión perturbativa de la fimción
de Greenl ' I exacta, en la representación de interacción, por medio de la utilización del
Teorema de Gellmann-Low, lo cual nos lleva a

. , , °° -i " l °° °° (coIT H1(n)-.-Hn(nn)cu(z>cll(z') too)

zG’(z/,u;t,t)=nï=%(ï) mfimdtl-uimdtn (ÓOISIOO) }
' (2.10)

donde S es el operador de evolución evaluado en :l:oo, <I>oes el estado ñmdamental del
sistema sin interacción y H1 es el término de interacción residual del hamiltoniano total,
que es proporcional a (un número par) los operadores de creación y destrucción. Esta
expansión de la fimción de Green exacta es practicamente inmanejable pues necesitamos
conocer el elemento de matriz de todos los ordenamientos temporales de operadores de
creación y destrucción en el estado fundamental del sistema sin interacción. También
es claro que los operadores de creación y destrucción deben estar apareados para que el
elemento de matriz no desaparezca. Para solucionar el problema recurrimos al Teorema
de Wick que provee un procedimiento general para evaluar tales elementos de matriz.
La idea esencial es mover todos los operadores de destrucción a la derecha de los opera­
dores de creación, para que éstos se aniquilen con el estado fimdamental del sistema sin
interacción. Al hacer esto se generan términos adicionales (las contracciones) que son



proporcionales a los conmutadores de losoperadores intercambiados. Se puede demostrar
que las contracciones de dos operadores de creación o dos operadores de destrucción en­
tre si se anulan, sobreviviendo solamente las que involucran operadores de creación y
destrucción. Siendo estas contracciones proporcionales a la función de Green del sistema
sin interactuar.

Resumiendo el Teorema de NVicknos permite evaluar la fimción de Green exacta como
una expansión perturbativa de todos los posibles operadores de creación y destrucción
contraídos, siendo estas contracciones la función de Green desnuda. Además, se puede
asociar a cada término en la expansión perturbativa un diagrama de Feynman, generando
de esa manera reglas precisas para la contribución del n-ésimo orden en el desarrollo.

También es de destacar que en esta expansión perturbativa sólo sobreviven los diagJ'a­
mas de Feynman conectados, pues los desconectados se cancelan a todo orden (Teorema
de Goldstone).

Una forma compacta de expresar la expansión perturbativa de la función de Green
exacta es vincular los diagJamas conectados, con la ñmción de Green sin perturbar a cada
extremo. Esto se debe a Dyson y un ejemplo de esta ecuación se verá en la siguiente
subsección, cuando calculemos las discontinuidades de la ñmción de Green exacta.

2.1.3 Discontinuidad de las Funciones de Green y sus Derivadas

En la ref.[4], se mostró que existe una directa relación entre los elementos de matriz de
las diferentes potencias del hamiltoniano y el comportamiento de las discontinuidades
de las funciones de Green fermiónicas y sus derivadas a tiempos cortos. Por ejemplo,
la discontinuidad de la primera derivada de la función de Green esta relacionada con la
Regla de Suma de Energia (Sección 6.4), la discontinuidad de la segunda derivada lo esta
con el segtmdo momento de la distribución de intensidad.

La extensión a variables ”bosónicas”, construidas en la aproximación de la RPA, es
directal‘ul. Para ello empezamos definiendo el hamiltoniano total del sistema que puede
ser separado en un hamiltoniano 'Ho de un bosón sin interactuar y el hamiltoniano H1
que tiene en cuenta la interacción

Ho = HRPA+h
(2.11)

H1 = V-h

donde HRPA es el hamiltoniano de un bosón de la RPA, pensadolnl como un modo
elemental, mientras que h es un potencial arbitrario de un bosón que contiene todas las
interacciones residuales o correciones de Pauli que pueden mezclar las distintas raices de
la RPA. V es el resto de la interacción de dos cuerpos. Definimos el estado | n) como
aquel que diagonaliza el hamiltoniano Ho. Si el hamiltoniano total es independiente del
tiempo entonces el propagador2 de un bosón vestido depende sólo de la diferencia de
tiempos entre el estado inicial y el final

2Propagador esta expresado como sinónimo de función de Green.
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c(n,n';t2 —al) = (‘I’oIT{rnl<t2)rt<t1)} I Wo) (2.12)

donde | \Ilo) es el estado fimdamental del hamiltoniano total, en la representación de
Heisenberg, que asumimos normalizado, FI, (t) es el operador que crea un bosón de la
RPA con número cuántico n y energía wn en la representación de Heisenberg y T es el
símbolo de ordenamiento temporal de Wick.

Se puede expresar el propagador vestido en término de un conjunto completo, del
hamiltoniano total, de estados intermedios como.

G(n, n’; ig -t1) = EOI/0113. I ‘11,")(Wml1-‘L,I \IIo)e“"""'(‘2—t‘)0(tz —il)
m

(2.13)

+20“ Ir1, | emm/m | rn | Wo)e'ü"ï(‘2"‘)9(t¡ —:2)

Figura 2.1:

Es útil desarrollar una expansión diagramática de Feynman de la fimción de Green
exacta cuando se tiene en cuenta la interacción residual, para de esa manera poder visua­
lizar cuales son los términos que contribuyen a los distintos momentos de la distribución
de intensidad (Capítulo 4). Para la definición del bosón vestido utilizamos la ecuación
de Dyson

G'(n,n';t2—t¡) = Go(n;t2-t¡)6n_n¡+/deTIZGo(n;T-t1)
(2.14)

F (n,m;7" —T) G (m,n’; tg —T’)

esta expansión esta representada por los diagramas de la fig.2.1 (sin tener en cuenta el
primer término de la ec.(2.14), que es el bosón desnudo) y consiste de todos los estados



que conectan un estado inicial n a tiempo tl con un estado final n’ a tiempo tg. Las figuras
sombreadas se denominan autoenergía F (n, m; T’—T) del problema. Esta autoenergía
contiene sólo diagamas conectados y además incluye los vértices del hamiltoniano que
introducen fluctuaciones del estado fundamental

Go (n; ¿2—¿1)= ¡WW-‘00 (:2 —tl) (2.15)

es la ñmción de Green desnuda.para las energías un positivas.
Los diagramas que nos interesa son los temporales (el tiempo corre hacia arriba)

más que los de energía (aunque se los puede obtener, de los temporales, mediante una
transformación de Fourier), pues lo que analizamos es la discontinuidad de la fimción de
Green y sus derivadas a tiempos cortos.

En la ref.[4], se mostró que se puede obtener una gran cantidad de información
importante analizando el comportamiento de la fimción de Green y sus derivadas a
tiempos cortos.

8" 6" ,— —— -t 2.16
al" + atna (n’n ’ ) 1...0- ( )

Siguiendo la clasificación hecha por Baranger, los diagramas de Feynman son de dos
tipos:

G (n, n’; t)
z—.0

o Diagamas Restring'dos (fig.2.la): Son aquellos que tiene una cadena continua de
lineas bosónicas y fermiónicas, donde los tiempos intermedios 7',T’, están siempre
entre tl y tg.

t1<T<'r'< ------<t2

t1>r>r’> ------>t2

o Diagramas No Restringidos (fig.2.1b): En estos diagramas los estados intermedios
no siguen la anterior regla. Por lo tanto, tales diagramas son continuos cuando
tg —>t] y no contribuyen a la discontinuidad cuando tz = t1.

Los diagramas restringidos, existen sólo para tg > tl o tg < t] . Si la cadena
contiene más que un estado intermedio, cada integración sobre los tiempos intermedios
T,1", produce un factor del orden de tz —t] (para tiempos cortos). Por lo tanto, es
sencillo comprobar que la contribución al n-ésima derivada es sólo dado por aquellos
diagramas restringidos que tienen como máximo n tiempos intermedios (o vértices). Por
ejemplo, la discontinuidad de la función de Green [ec.(2.14)]viene dada por solamente la
discontinuidad de la función de Green desnuda [ec.(2.15)]porque ninguno de los término
de la expansión diagramática contribuye



G (71,711”?_ t1)ltg-t¡—¡0+_ G ("'an t? _ tl)lt2—t¡-o0‘
(2.17)

[Go (n, n';t2 - t¡)|¿2_¿l__.0+—Go (n,n’;t2 —t¡)|¿2_¿l_.o_] ónn’ = ónn’

dando una condición de normalización, para la distribución de intensidad, del bosón
desnudo en los autoestados del hamiltoniano.

De la misma manera, que realizamos el cálculo de la discontinuidad de la función
de Green lo podemos hacer con sus derivadas. Por ejemplo, para el cálculo de la dis­
continuidad de la primera derivada necesitamos conocer G’ (n, n’; t), para lograrlo lo que
hacemos es calcular G (n, n’; t + dt) —G (n,n’; t) y dividir el resultado por dt. Esto da lo
siguiente

iG’ (n,n’; tg —t1)= a)an (n,n’;t2 —t1)+ B (n,n’; tg —tl) (2.18)

donde B (n, n’;t2 —tl) involucra los mismos diagramas que en la fig.2.1 excepto que
ellos terminan con un vértice en tg, y además no puede ser una interacción que haya sido
tomada en cuenta en la RPA. Este término surge cuando la perturbación actúa entre
tg —tl y ¿2 —t1 + dt, mientras que en el término cun/G(n, n’ ;t2 —tl) la. interacción no
actúa.

Figura 2.2:

El cálculo de la discontinuidad de la primera derivada requiere la diferencia entre
G’ (n,n’;t2 —tl) para tz —ll —>0+ y G’ (n,n’;t2 —tl) para tz —t1—->0’
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ic, (n?nl; t2 _ tl)lt2-t¡—oo*— (n’n’; tz - tl)lb2-tl—t0' =

zumo I rn I wmxwm l r1, I Wo)—2%(‘1’0 I r2, I ‘Ï’mH‘I’ñI rn I Wo)
m 11-1

(2.19)

= unión": + B (n,n’; tz —t] = 0)

donde se utilizó la discontinuidad de la función de Green [ec.(2.17)], algunos de los
diagramas que contribuyen a B (n, n’; tg —tl = 0) son mostrados en la fig.2.2. De esta
discontinuidad se observa que, el centroide de energía del bosón vestido es igual a la
energía del bosón desnudo más contribuciones que vienen de la interacción residual entre
las partículas y agujeros del bosón no tenidas en cuenta en la RPA (fig.2.2a) o de un
vértice de interacción entre el bosón y el estado fimdamental (fig.2.2b). Además, el lado
derecho de la ecuación anterior es elemento de matriz del hamiltoniano total entre dos
diferentes raices de la RPA. Esto significa que los diagramas de la fig.2.2 no mezcla el
estado de un bosón con estados de más de un bosón, puesto que estados que aparecen con
más de un par de partícula-agujero a un dado tiempo son producidos por fluctuaciones
del estado fimdamental.

(n I H I n’) = wnónn' + B (n,n’; tg —t] = 0) (2.20)

Esta propiedad fue puntualizada en la ref.[38],fue utilizada en la ref. para explicar
la Regla de Suma de factores espectroscópicos en las energías de partícula independiente
y en la ref.[39] para obtener la Regla de Suma de Energía para operadores bilineales
fermiónicos tanto para nucleos normales como superconductores.

Para obtener las expresiones diagramáticas que contribuyen al segundo momento de
la distribución de intensidad y?) (Capítulo 4)

ya” = (nIH2In> —(nIHInV (2.21)

es necesario calcular diagramáticamente < nI'H2In >, que esta íntimamente ligada a la
discontinuidad de la segtmda derivada de la fimción de Greenl4].

a22 = . _ . — .t _t =
(nl H In) (tz-ISBN h-ltlxrïo') at2ath(n’n’ 2 l)

(2.22)

= zumo I rn I wmxwm IFI. I Wo)—waïovo I FL I wapa II‘n I Wo)
m ’rñ

Entonces para obtener la relación entre la anterior ecuación y la expansión dia­
gramática, debemos estudiar primeramente la segunda derivada de la función de Green
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mGhmMg-tl) = wñG(n,n;t2—t¡)+wnB(n,n;t2—t¡)
(2.23)

+anC(n,n; tz - t¡) + D(n,n; tz —tl)

donde B (n,n; tz —tl) incluye los diagramas que terminan con un vértice de interacción
en tg, definido antes y mostrado en la fig.2.2 ; C (n,n; tz —tl) incluye los diagramas que
comienzan con un vértice en t] y D(n,n; tg - tl) incluye los diagramas que comienzan
con un vértice en t] y terminan con un vértice en tg (fig.2.3).

Este último conjunto de diagramas [D (n, n; tz - t¡)] se puede separar en dos partes:

o aquellos que pasan por un estado intermedio igual al inicial (fig.2.3a)

o aquellos en los cuales ningrmo de los estados intermedios es igual al inicial (fig.2.3b)

La discontinuidad de los diagramas restringidos de los tres primeros términos de la
[ec.(2.23)] más la discontinuidad de los diagramas de D(n,n;t2 —tl) que pueden ser
divididos en dos (fig.2.3a), en los cuales el estado intermedio es el mismo que el estado
inicial, producen una contribución a (n I H2 | n) que es de igual magnitud a la producida

por (n | H | n)2, y por lo tanto se eliminan cuando se calcula y?) .

(b)

Figura 2.3:

Resumiendo todas las contribuciones al segtmdo momento de la distribución de inten­
sidad pgz) vienen de la discontinuidad de aquellos diagramas restringidos (fig.2.3b) que
comienzan y terminan con un vértice de interacción y que no tienen estados intermedios
igual al inicial. Vale la pena notar que en el limite tg —t] = 0 los dos vértices ocurren
al mismo tiempo y por lo tanto no hay propagador entre ellos, dando una contribución
igual al producto de los dos elementos de matriz.
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2.2 Funciones de Green a Temperatura Finita

En la sección anterior se puntualizó que la fimción de Green a temperatura cero provee
información de las propiedades de equilibrio del sistema y de los distintos observables.
En particular su aplicación, a sistemas nucleares, fue útil para estudiarl l propiedades
de bajas energías tales como energía de ligadura, densidad de niveles, etc. Además se
observó que la función de Green exacta del sistema se puede expresar como una expansión
perturbativa en la representación de interacción cuyos elementos básicos son la función
de Green del sistema sin perturbar.

A temperatura finita función de Green es esencialmente más complicada. ya que lo
que se necesita evaluar es un sistema en equilibrio termodinámico. Pero esta función
de Green térmica esta relacionada a la función de partición, y por lo tanto a todas las
funciones termodinámicas tales como entropía, densidad de niveles, etc.

Para tratar sistemas a temperatura finita en equilibrio termodinámico es más con­
veniente utilizar el conjunto gran canónico, que permite la posibilidad de intercambiar
energía y partículas con el medio exterior.

También a temperatura finita se pueden utilizan métodos perturbativos en forma
similar a los usados a temperatura cero. Las diferencias principales aparecen en la
definición de la fimción de Green, que en lugar de calcularse tomando valores medios
en el estado fundamental se evalúa tomando promedios en el conjunto gran canónico
del sistema. Esto hace que el Teorema de Wick deba reemplazarse por una versión
generalizada del mismo más adecuada al formalismo de temperatura finita. Además se
observa que cuando la temperatura va a cero el valor medio en el conjunto gran canónico
del sistema tiende al valor medio en el estado fundamental, recuperando el límite de
temperatura cero en forma natural.

Por lo tanto, las funciones de Green a temperatura finita pueden ser usadas para es­
tudiar propiedades de estados nucleares altamente excitados de la misma manera que las
funciones de Green a temperatura cero fueron usadas para estudiar estados construidos
sobre el estado fundamental.

En lo que sigue de esta sección, se dará un breve repaso de las definiciones de variables
termodinámicas y del conjunto gran canónico. Para después introducir las funciones de
Green en el formalismo de Matsubaralssl. En este formalismo se reemplaza el tiempo
por una variable imaginaria pura lo cual simplifica enormemente los desarrollos. Las
funciones de Green en el formalismo de Matsubara están íntimamente relacionadas con
las obtenidas para tiempo real que tienen una interpretación física directa. Se mostrará
dicha relación y se resumirá la interpretación física.

2.2.1 Conjunto Gran Canónico

El estado de un sistema cuántico, a temperatura finita, está determinado por el operador
densidad estadístico fic. Dicho operador tiene las propiedades de ser hermítico, definido
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positivo y de traza unitaria. En función de sus autovalores y autovectores se escribe

%=Z&MMI mw

Pa 2 o , Tr [ac]= En, =1 (2.25)
a

El autovalor Pa es la probalilidad de hallar el sistema en el estado I a). El valor
medio de un observable A en el estado descripto por el operador densidad estadístico ,36
es.

(A) = TT [ficÁ] = Z Pa<a I A I a) (2-26)

El operador EG se determina maximizando la entropía. Ésta se define en términos
del operador densidad estadístico de la siguiente forma

S = —kBT1'[fic lnfia] (2.27)

donde kB denota la constante de Boltzmann. La maximización se realiza sujeta a con­
diciones de vínculo que se expresan fijando el valor medio de ciertas variables extensivas
(f5). A estas condiciones de vínculos hay que agregarles la condición de normalizacion
de la traza de fic. El problema se resuelve utilizando multiplicadores de Lagrange, lo
que conduce a minimizar la función

I=W%M%+2Mm1 mw
fi

con la.condición adicional Tr [fic] = 1. De lo anterior se deduce que el operador densidad
estadístico tiene la forma.

A e- 23 ¿afao=—— con
p Z

Cuando consideramos un sistema que intercambia energía y partículas con el medio
externo (conjunto gran canónico) la función a minimizar resulta ser el gran potencial
termodinámico

Z = Tr [e‘ za W’] (2-29)

o = (H) —MM —TS (2.30)

donde el promedio de la energia (H) y el número medio de partículas (/V) están dados
respectivamente por.

(H) T1- [fic'H]

(2.31)

(N) — TT Lfic/‘¡l
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En este caso, la minimización del gran potencial se efectua a través de la derivada
funcional de Q con respecto al operador densidad estadístico. La estabilidad con respecto
a las fluctuaciones témiicas requiere que la segunda derivada funcional sea positiva.

¿sn/¿pc = o

(2.32)

¿zo/¿ag > o

El requerimiento de que la derivada respecto al gran potencial sea.estacionaria lleva
a la solución formal para el operador densidad en el conjunto gran canónico.

A e-fiW-W)pc_T
(2.33)

Z = Tr [few-“0]

donde definimos a ,3= 1/ kBT (T es la temperatura) y Z representa la función partición
del sistema bajo consideración, la cual nos permite evaluar las propiedades de equilibrio
termodinámico del mismo.

En el caso de sistemas de partículas fermiónicas independientes (que no interactuan)

el hamiltoniano tiene una expresión sencilla (H = El, eyclcy), por lo tanto el operador
densidad del sistema tiene la forma

¡BG= H [nuclcu + (1 - nu) CVCL] (2-34)
y

siendo cL(cy) el operador de creación (destrucción) de una partícula en el estado u. ny
denota la probabilidad de ocupación de Fermi-Dirac de ese estado.

ny = (1 + ¿(Eu-MY] (2.35)

2.2.2 Funciones de Green en el Formalismo de Matsubara ­

En esta subsección, se resumirá el formalismno de Matsubaralssl en donde las ñmciones
de Green dependen, en lugar del tiempo, de un parámetro imaginario puro T = it
definido en el intervalo -1/k3T a l/kBT (donde T es la temperatura del sistema),
esto simplifica notablemente el fonnalismo de temperatura finita, ya que permite una
expansión diagamática de la función de Green de Matsubaras. Como anteriormente, se
define la variable ,3 E 1/ kBT. La definición de la función de Green de Matsubara de un
cuerpo es

3Denominamos función de Green de Matsubara a la función de Green construida en el formalismo de
Matsubara.

19



G (u, u’; T,T’) = —Tr [fiGTT{cu (T) cl, (T’) (2.36)

donde la Tr indica que esta fimción de Green de Matsubara implica una suma sobre
un conjunto completo de estados en el espacio de Hilbert, cada uno contribuyendo con
un peso ,30 (operador densidad estadístico en el conjunto gran canónico) definido en la
sección anterior y TT es un operador de ordenamiento, el valor de T más pequeño (cercano
a —,8)va a la derecha; T? también incluye un factor (—)P donde P es el número de
permutaciones de fermiones necesarias para reinstaurar el ordenamiento inicial. Además
c,l(T) (cl es el operador de destrucción (creación)en la representación de Heisenberg
modificada

cy (T) = ¿KT/hcye-KT/h
con IC= H - ,UN (2-37)

KIT/n —K2T/hcf, (T) = e cLe

siendo y el potencial químico, N el número de partículas y H el hamiltoniano.
La función de Green de Matsubara nos permite evaluar propiedades de equilibrio

termodinámico del sistema. En particular, se puede obtener información de distintos
observables tales como el valor medio, en el conjunto gran canónico, de cualquier operador
de un cuerpo, la energía media en el conjunto gran canónico, etc. También se puede
demostrar que, si el hamiltonianio es explícitamente independiente del tiempo, la función
de Green de Matsubara sólo depende de la diferencia (T —T’)

G (V,1/; T - T') = —Tr [EG{cy (T) cl, (T’) 0 (T —T’) —ací, (T') cy (T) 0 (T' — (2.38)

siendo c = 1 para fermiones y e = —1para bosones.
La fimción de Green de Matsubara tiene la propiedad de ser antiperiódica (periódica)

en el intervalo |T| 5 ñ_3para fermiones (bosones) con periodo ñfi. En general, H es
explícitamente independiente del tiempo entonces

'C(v,1/;T—T'<0)=—6G(u,1/;T—T'+ñfl>0) (2.39)
esta propiedad se demuestra en forma inmediata utilizando la definición de la fimción de
Green

6

G (u,u’;T —T' < 0) = ÉTT [cg-MCL(7,) c” (Úi = Z TT cy (T) e’B’CcL, (T')] =

(2.40)

= ÉTT [e‘fixcy (T + ñfl) cl, (T’)] = —eG’(u,1/;T —T’+ ñfi > 0)

donde la segunda igualdad se debe a la propiedad cíclica de la traza, y la tercera igualdad
a la definición del operador de destrucción en la representación de Heisenberg modificada.

Como la función de Green de Matsubara tiene periodicidad, entonces se la puede
descomponer en una serie de Fourier
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G (u,1/;T) = i 29 (y, 1/;un) e—i‘”"T (2.41)
ñfl n

donde en la suma sólo sobreviven los términos con n impar para los fermiones y con n
par para los bosones. Los coeficientes del desarrollo se obtienen calculando la antitrans­
formada de Fourier

13 .

g (u,1/;wn)= G(141/;T)e“"'d7' (2.42)

y haciendo uso de la periodicidad (antiperiodicidad) para bosones (femiiones) se puede
escribir los coeficientes del desarrollo de Fourier de la siguiente manera

I 1 _.hfiw RB l .

g (11,11han) = 5 (1- ee ‘ ")/ G(l/,U ;T) ew'fldr (2.43)0

donde

2,14; bosones

¿un = (2.44)

9%?)1 f ermiones
con n entero.

Es conveniente expresar la función de Green de Matsubara en la representación de
Lehmann, pues en esta representación se genera una directa conexión con la función de
Green de tiempo real. Para ello, se inserta un conjunto completo de autoestados del
hamiltoniano en la definición de G (1/,1/; T)

G (u, 1/; r - H) = —%{Da I cu I 7m I cl, I a>e-B<°e<<°-<v><T-T’>/ho(r - e)0,7

_€z(7 I CLII OMG I cu I 7)e_fi<‘ïe(<‘7_<a)(TI-T)/h0(TI _ T)}an
(2.45)

cuya transformada de Fourier es

l, _ i 1 e43“ + ee’fifig(y)l/I)“)n)Zaz7<alcllc|flI
con (a = Ea —pNa.

Es interesante notar que los polos de la fimción de Green de Matsubara están sobre
el eje imaginario. Estas energías imaginarias están directamente relacionadas con las
energías reales de las funciones de Green de tiempo real.

Es instructivo obtener la función de Green de un sistema de partículas sin interacción.
En este caso el hamiltoniano total tienen la forma sencilla
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partiendo de la definición de la función de Green

G (1/,u’; T —T’) = —Tr [fic {cy (T) cl, (T') 0 (T —T') —col, (T’) cy (T) 0 (T' —T) (2.48)

y utilizando el hecho que los operadores de creación cl, (T) y destrucción cu (T) tienen
una expresión simple para un sistema sin interacción

cu (T) ___ eICoT/hcye—ICoT/h= cue-fyT/h

(2.49)

CL(T) ___ eKoT/ñcLe-xoT/h = cleEyT/h

donde ¿y = el, —¡u

Go (141/; T —T') = - {Tr [fica/aL] 0 (T —TJ) —¿Tr [fiGchu] 0 (T’ —T)} C’MT'T'V"
(2.50)

= —ó,,,,:{(1- my) 0 (T —T’) - enuü (T’ —T)} (MT-TI)“

donde se ha usado que el promedio en el conjunto gran canónico es

A 1TT =óyy’ny=¿ul/¡m
por lo tanto la función de Green de Matsubara4 de un sistema sin interacción se puede
escribir como

1 1 .G u,1/;T = 6 1- .—e_"‘"‘T 2.52
O( ) w ñfl 2;: wn _ ¿y ( )

donde ñ significa sumar sobre n impares para fermiones y n pares para bosones.

2.2.3 Expansión Perturbativa a Temperatura Finita

Para obtener una. expansión de la fimción de Green de Matsubara se introduce la repre­
sentación de interacción, que sirve como base para el cálculo perturbativo, ya que lo que
se busca es reescribir la función de Green en dicha representación. Como se trabaja con
el conjunto gran canónico, se utilizará en lugar de los hamiltonianos sin perturbar Ho y
perturbado H1 a los operadores

4Notar que esta función de Green tiene simultaneamente la probabilidad de ser partícula (1 —en”)
como agujero (mu), dando los números de ocupación anteriores dicha probabilidad.
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¡Co= Ho - ¡W y

y siendo IC = ¡Co+IC1
Cualquier operador en la representación de Schródinger se escribe en las representa­

ciones de interacción y de Heisenberg modificada respectivamente como

¡c1 = H1 —¡w (2.53)

01(1.) = eICoT/h056—KÍo‘r/h

(2.54)

OH (T) = ¿KT/hOSe-IC-r/h

para obtener una expansión diagramática equivalente a la obtenida a temperatura cero
es conveniente definir el operador de evolución

U(T1,To) = e'C°T‘/ne"c(r‘—T")/hc-’C°T°M (2.55)

que verifica las siguientes relaciones

OH(T) = “(0,T)01(T)U(T,0)
(2.56)

e-KZT/h = e-KÍo‘r/hu (730)

como el operador de evolución verifica una ecuación similar al caso de temperatura
cero, entonces se lo puede expresar como una expansión en término del hamiltoniano de
interacción

_ —l ’ I I

u(r,ro)=T,{e (n) Luxmw} (2.57)
donde TT un operador de ordenamiento con T decreciendo de izquierda a derecha.

Las expresiones anteriores permiten obtener expansiones diagramáticas de la fimción
de Green de Matsubara de un modo similar al caso de temperatura cero

G (V,1/;1' —T') = —TT [ficT-r {Cu(7') CL (TI)

—Tr[643fo {eKTcye’q’I’ÚcLe’KT'
Tr [e'fi’c]

cambiando la representación de los operadores y haciendo uso del operador evolución
definido previamente la función de Green de Matsubara equivale a

_ —Tr[e-BKou(ñfl,0)T, {u (o,T)c, mu (mi) cl, (TI)u (r', 0)}]
Tr [e-Blcoumaon (2‘59)
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que tiene la misma estructura algebraica, sólo que a temperatura finita la integración en
los T intermedios se realiza entre 0 y ñfl. Por lo tanto, admite la siguiente expansión:

—Tr
e-I3Kïo":0 (-TI)“ g f0” dn -- -f0” drnTT {K1 (T1)---IC1 (Tn)CI/(T)ci/'(7J)}]

Tr [pero zo (-TI) g ¡y ¿n . .. ¿"3«mr, {K1(n) --«:1 (7,1)}n:
(2.60)

esta expresión es muy similar a la que se obtiene a temperatura cero, pero en lugar de
tener que calcularse el valor medio en el estado fimdamental del sistema sin perturbar
debe calcularse el promedio en el conjunto gran canónico del sistema.

Para el caso de temperatura cero el Teorema de Wick provee un procedimiento ge­
neral para pasar del ordenamiento temporal de operadores, de creación y destrucción, al
ordenamiento normal de los mismos. Con la consiguiente anulación del valor medio en el
estado fundamental del orden normal de un producto de operadores, y observando que
solamente sobreviven las contracciones de operadores de creación y destrucción entre si
, que están relacionadas con las fimciones de Green del sistema sin interacción.

A temperatura finita dicha cancelación no ocurre porque el valor medio del ordena­
miento normal de operadores, de creación y destrucción, en el conjunto gran canónico
solamente se anula a temperatura c_ero. Sin embargo, existe una generalización del
Teorema introducida por Matsubaral‘jsl que es de suma utilidad para la realización de
expansiones diagamáticas a temperatura finita. Dicha formulación generalizada trata
con el promedio en el "conjunto gran canónico sin perturbar” de los operadores y se
basa en la forma detallada del operador densidad estadístico de un sistema de partículas
independientes.

Observando la forma general de la expansión perturbativa de la función de Green de
Matsubara [Ec.(2.60)] típicamente se trata de calcular el valor medio en el conjunto gran
canónico de un producto par de operadores de creación y destrucción ordenados con T
decreciendo de izquierda a derecha

TT [C-BKZOTT{Óal (T1) Óaz (T2) ' ' ' (ban (Tn)}]

Tr [e’B’C0]
(TT {d’en (71)4’02 (T2) ‘ ' 'Óan (Tn)}) =

(2.61)
donde los operadores (bay(Ty) son los operadores de creación o destrucción en la repre­
sentación de interacción.

Se define la contracción de dos operadores qbo,"(Ty) y daa (TA)como

Tr -BK°TT d’au(Tu)45a; (T

Óau (Tv) 0 (pa), (TA)O = (Tr {Óau (Tv) d’en (TA)}) = [e Tj[e_p;c°] A
(2.62)

el Teorema de Wick generalizado establece que el promedio en el conjunto gran canónico
es igual a la suma de todos los posibles términos contraídos
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(TT{Ó01(TI)'”Óan(Tn)})= z 59'”- [Óau(Tu)° 45a;(TA)’ ' ' 'Óan (Tn)° 45a.,(Tv)'l
contr.

donde Sgn. es el signo correspondiente a la cantidad de contracciones necesarias de cada
término para llevar los operadores, a contraer, uno al lado de otro. En general, la mayoría
de los términos de la suma desaparecen, sobreviviendo solamente las contracciones entre
operadores de creación y destrucción que son proporcionales a la función de Green del
sistema sin interacción.

Puesto que la estructura algebraica del Teorema de NVicka temperatura finita es
idéntica al de temperatura cero, entonces se puede asociar a cada término en la expansión
perturbativa de la función de Green de Matsubara el mismo diagrama de Feynman que
tiene la fimción de Green a temperatura cero. Por lo tanto, las reglas para la construcción
de un dado diagramas en la expansión son idénticas, con la salvedad de que a temperatura
finita el dominio de integración de T es entre 0 y ñfi, y los polos se encuentran en el eje
imaginario. En particular, el análisis diagamático hecho en la Sección 2.1.3 respecto
de la discontinuidad de la función de Green y de sus derivadas es válido a temperatura
finita.

2.2.4 Funciones de Green Térmicas de Tiempo Real

A temperatura cero los polos de la función de Green de un cuerpo dan las energía y la
vida media de los estados excitados de un sistema referido al estado fundamental con
una partícula mas o una partícula menos.

A temperatura finita se puede introducir las fimciones de Green térmicas de tiempo
real que generaliza la de temperatura cero y que contiene información de la energía y
vida media de los estados excitados

¿Ü (u,u’; t, t') = Tr [ficT {cIl(t) cl, (t’)}] (2.63)

como es usual T es operador de ordenamiento temporal de Wick, ¡6Ges el operador
densidad en el conjunto gran canónico

A= = _ 2.
PG Z Z ( 64)

y cu(t) (cl es el operador de destrucción (creación) en la representación de Heisen­
berg.

C”(t) = eiICt/the-iICt/n
con IC = H —¡UV (2.65)

cl (t) = eiKt/hclte-iKt/h

En general, ICes independiente del tiempo y en consecuencia las fimciones de Green
de tiempo real sólo dependen de la diferencia de (t —t’) , lo que permite obtener su
transformada de Fourier de como
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e"13<a
w+ka-%Nñ+m+{w+ka—9Hñ-m

am
e 19Wfiw=22hhdfihfidfi

0.7

donde (a = Ea —pNa.
La ecuación anterior muestra que la dependencia en el plano complejo de fi (u, 1/,u) en

w sólo aparece en el denominador y que los polos simples de esta expresión son las diferen­
cias de energía entre estados del sistema con una partícula de diferencia. Cuando 1/= 1/
sus residuos son proporcionales a. los comunmente llamados factores espectroscópicos
|(a | cy I 7)|2 que pueden ser medidos en reacciones de stripping y pick-up. El promedio
en el conjunto gran canónico generaliza la expresión de la función de Green a temperatura.
cero ya que aqui tanto a como 7 pueden ser estados excitados.

Como la función de Green de tiempo real en la representación de Lehmann no es
analítica en ninguno de los semiplanos, por eso es de utilidad definir sus partes retardadas
y avanzadas que si lo son

¿(73 (141/; t, t’) = Tr [ficT {cy (t) cl, (t’)}] 0 (t —t’)
am

iá-4(y,u';t,t') = —Tr[5cr{cu(t)c* (t’)}]9(t’—t)I¡I

donde el corchete denota anticonmutador (conmutador) para. fermiones (bosones). Rees­
cribiendolas en la representación de Lehmann queda

(65“ + 68-597)
w+i%-«fl/ñ+m

,_ 1

¿(w/w) = ¿zm IcuI7x1 Iel, Ia)
017

(2.68)

(e‘m’ + ce'B‘")1",4 1, = _ Ï ————
g (Val/hu) 22(QICVI7)(7ICV'la)w+(<a_<7)/ñ_inav'ï

siendo la fimción de Green retardada (avanzada) analítica en el semiplano superior (in­
ferior). Además se puede demostrar que la fimción de Green de tiempo real se expresa
en función de sus partes retardadas y avanzadas.

1 a. 1 a I

mglï (VJ/¡(1.0— A(VJ/HU)
A- I. _

g(yvui")) _ + +€ehfiw)g

Si se compara la transformada de Fourier de la fimción de Green de Matsubara y
la función de Green térmica de tiempo real, que se obtuvieron en la representación de
Lehmann, se observa que ambas pueden ser escritas en forma similar. Por eso se define
la fimción de peso como
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pwl (w)= 27”zm IcuIm7 IeL Ia>ó[w+ (ca- <7)m1 + ser“) (2.69)

que se la puede_obtener a partir de la parte imaginaria de la función de Green retardada
de tiempo realÍD I. Se observa que con la definición previa de la fimción peso, la función
de Green de Matsubara se expresa como

I. _ °°¿1M
g(v,v,«2n) - m 2” “un _d)dw (2.70)

y las funciones de Green retardadas y avanzadas de tiempo real como

oo 1 , I«R I pull (w) I

g (VJ/pd) -0027r(u)—.u'+in)
(2.71)

oo L PW’ (WI)
-0027r(w—w’—in)

a4
g‘ (1/, V'; w) dw’

lo que pone de manifiesto la similitud entre las anteriores expresiones. Por ello se define
la función de variable compleja z.

0°du,puu'
Fw'(Z)- ¿wz-FW (2-72)

Las partes retardada y avanzada de la función de Green térmica de tiempo real se
obtienen como los valores límites de esta función al aproximarse al eje real por arriba
o debajo, por otro lado la función de Green de Matsubara provee los valores de dicha
función sobre un conjunto discreto de puntos en el eje imaginario. O sea, el conocimiento
de la fimción FW:(z) determina tanto las función de Green de Matsubara como las de
tiempo real.

gn (Vil/Ii“) = Fw’ (“+1.”)

5-4(u,u'; u) = rw, (u - in) (2.73)

g (V)VI;un) = Puu’

Pero esto es una expresión formal para visualizar como ambas fimciones de Green
se pueden calcular a partir de una única expresión. En la práctica, resulta usualmente
más simple calcular pW:(u), en vez de la función I‘W:(Z), directamente de la función de
Green de Matsubara considerando una prolongación analítica de ¡"unal plano complejo.
La fimción peso se obtiene entonces como el valor límite
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pvu' = {Ig(VsVIiWn)I¡-un=z_in_ Ig(V9Vliufl)lwn=1+in}

por lo tanto, cualquier aproximación que se hiciera para la fimción de Green de Matsu­
bara provee una correspondiente para la función de Green térmica de tiempo real con
sólo hacer su prolongación analítica, que no es más que considerar a la variable ¿un como
continua.
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Capítulo 3

Teoría Nuclear de Campos (NFT)

Una forma de trabajar con un sistema de nuchos cuerpos interactuantes es hacerlo con
variables colectivas conjuntamente con las de partículas. El hamiltoniano en este caso
incluye tres términos. El primero, que depende sólo de las coordenadas de los fermiones,
incluye un campo medio en el que se mueven las partículas independientes, generado por
la aproximaciónde Hartree-Fock o Hartree-Fock-Bogolyubov El segundo
término representa un sistema de bosones independientes que puede obtenerse a partir
de la aproximación de Tamm-Dancofl' (TDA) o de la aproximación de fases al azar
(RPA). El tercer término incluye ambos tipos de variables y representa la interacción
entre los grados de libertad de fermiones y de bosones. El estudio de este hamiltoniano
de interacción da lugar a la definición de una Teoría Nuclear de Campos (NFT) que
hace uso del concepto de modos elementales de excitación de un sistema fermiónico de
muchos cuerpos. Dichas excitaciones elementales pueden tener un caráter fermiónico o
bosónico según corresponda a la función de Green considerada.

El conjunto básico de estados está formado por el producto de ambos tipo de excita­
ciones. Sin embargo, dado que ambos tipos de excitaciones están basadas en los grados
de libertad de los nucleones, no son estrictamente independientes. Esto implica que la
base es sobrecompleta y viola el principio de exclusión de Pauli.

La utilización [sistemática de teoría de perturbaciones, para explicar el espectro
nuclear, fue aplicada a numerosos trabajos permitiendo una mejor interpretación del
acoplamiento entre partículas y bosones (vibraciones de la superficie nuclear), evitando
además las violaciones al principio de exclusión de Pauli propias de la configuración de
los estados com uestos.

Bes y otrosl “9| utilizaron el modelo de Lipkin, que consta de un sistema de dos
niveles de degeneración 2Q cada uno (llenando el nivel más bajo) con una separación de
energía e, donde la interacción residual de dos cuerpos acopla las partículas en los dos
niveles. Este modelo simplificado permitió comparar los resultados provenientes de la
solución del sistema en el espacio fermiónico, con aquel obtenido mediante una expansión
perturbativa basada en un hamiltoniano de interacción partícula-bosón, tanto para una
fuerza monopolar partícula-agujero como para una de apareamiento. En la NFT se
postulan una serie de reglas simples y totalmente generales tales que su aplicación da
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el resultado exacto al orden perturbativo que se desee. En el apéndice A, se describe
sinteticamente como se obtienen las soluciones en el espacio fermiónico y en el contexto
de la NFT cuando se utiliza una interacción monopolar. La expansión perturbativa se
realiza en potencia de á y las reglas principales se pueden resumir como sigue:

o Las energías de partícula independiente deben incluir las energías de HF producidas
por la interacción de dos cuerpos.

Los estados inicial o final pueden incluir partículas, bosones o una mezcla de ambos,
pero no esta permitido una configuración de partículas que pueda ser reeemplazado
por una combinación de bosones. No existe tal reestricción para los estados inter­
medios.

Las propiedades del campo de bosones son obtenidas utilizando un método de
linealización del hamiltoniano total, ya sea mediante TDA o RPA.

Cualquier operador que se desee evaluar debe incluir tanto las contribuciones del
mismo en el espacio de partículas como en el espacio de bosones.

Las contribuciones de cada gráfico se evalúan utilizando las reglas usuales de teoría
de perturbacionesde Raleigh-Schródinger

Aquellos diagamas en los cuales dos fermiones son creados y eliminados simulta­
neamente en dos tiempos consecutivos sin que exista otro tipo de interacción con
alguno de ellos en un tiempo intermedio (diagramas tipo burbuja) no deben ser
considerados.

Los diagramas desconectados no contribuyen.

Todas las permutaciones temporales de los vértices deben ser consideradas.

Con este formalismo, la Teoría Nuclear de Campo (NFT), es posible tratar el pro­
blema en un sistema que incluya los grados de libertad de partículas independiente y
colectivos en un pie de igualdad, permitiendo calcular perturbativamente (hasta el orden
en á deseado) distintas propiedades del núcleo tales como energía, transiciones electro­
magnéticas, transferencia de una y de dos partículas, etc. Las dificultades originadas
por la sobrecompletitud de la base y las violaciones al principio de exclusión de Pauli
son corregidas, al orden deseado, mediante el tratamiento diagramático.

El precio que hay que pagar para utilizar este formalismo (por ejemplo, en una
Resonancia Multipolar Gigante) es que la mezcla de un estado colectivo con estados de
más de un par coherente de partícula-agujero no es clara debido a la sobrecompletitud de
la base, y que el número minimo de vértices que contribuyen a la expansión perturbativa
es tres, porque dos de ellos son necesarios para ir del estado colectivo a un par de
partícula-agujero. Como el número de orden temporal de los diagramas es nl, donde
n es número de vértices, esto significa que el número de diagamas a ser calculado
crece rapidamente. Esto es empeorado por el hecho de que existe dos tipos de vértices
(fermiónicos y fermion-bosón) en el hamiltoniano de la NFT.
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Para interacciones débiles (donde el parámetro de intensidad es más pequeño que el
crítico) la NFT demuestra que para un sistema formado por 2Q partículas la energía
del estado fundamental tiene una contribución de Hartree proporcional a Q, el término
de Fock da una contribución del orden de 1, y la RPA (sin término de intercambio) es
también proporcional a uno, mientras que el término de intercambio da una contribución
del orden de (¿zy ordenes más altos en este parámetro. Todas las contribuciones pueden
ser clasificadas en término de diferentes potencias de á, si la excitación colectiva esta.
descripta por una RPA sin término de intercambio. Es necesario ser cuidadosos en sumar
todos los diagramas a un dado orden rque pueden ocurrir grandes cancelaciones.

Se demostró en cálculos realistasI 0' que el desarrollo perturbativo en potencias de
á es correcto. Por ejemplo, en cálculos realizados en el 212Pb y en el 204Pb se encontró
que las contribuciones del orden á son 10% más pequeñas que las del orden 1, y las del
orden 515dan contribuciones menores que el 10% de las del orden

Este trabajo se centra en el estudio, dentro del formalismo de la NFT, de los procesos
que contribuyen al ancho de las Resonancias Multipolares Gigantes al orden más bajo
en á, tanto a temperatura cero como a temperatura finita. Para ello definimos, en la
próxima sección, la fuerza utilizada para describir dichas resonancias.

3.1 IMerza Isoescalar-Isovectorial

Las Resonancias Multipolares Gigantes son pensadas como vibraciones de la superficie
nuclear debido a la promoción de nucleones, sobre la superficie de Fermi, a capas des­
ocupadas. Estas resonancias pueden ser descriptas microscópicamente como excitaciones
coherentes de partícula-agujero, construidas sobre el estado fimdamental, que exhiben
una alta probabilidad de decaimiento electromagnético. Para estas excitaciones coheren­
tes la aproximación de la RPA provee una buena descripción de la energía media y del
detalle de la estructura de las vibraciones.

Cuando se trabaja con núcleos calientesllzl (altamente excitados) la inclusión de
temperatura finita introduce números de ocupación para los niveles por arriba y por
debajo de la superficie de Fermi dando lugar a un nuevo estado ndamental sobre el
cual se construyen las Resonancias Multipolares Gigantes ¡33"49" ¡[67"7ll.

Los modos vibracionales se distinguen los que son generados por la parte isoescalar
de la fuerza nuclear de los que son generados por la parte isovectorial, y en general a
estos modos se los trata separadamente. Se puede ver que la interacción de partícula­
agujero es atractiva en el canal isoescalar mientras que es repulsiva en el isovectorial. Por
lo tanto, para tener una correcta descripción de las Resonancias Multipolares Gigantes,
tanto las construidas sobre el estado fundamental que son excitadas en experimentos
involucrando fotoabsorción o scattering inelástico de a, He3 y protones, como las cons­
truidas sobre estados excitados generadas en colisiones o fusión de iones pesados, es nece­
sario una interacción efectiva que incluya ambos modos y un término de acoplamiento
entre ambos cuando exista un exceso de neutronesllluzll. El concepto de modo elemen­
tal de excitación|17| es utilizado para construir el hamiltoniano de acoplamiento entre
partícula-vibrador.

31



En esta sección, se estudiará los estados vibracionales de partícula-agujero gene­
rados simultaneamente por una interacción residual multipolar separable isoescalar­
isovectorial, tanto para las Resonancia MultipolanesGigantes construidas sobre el es­
tado fundamental (T = 0), como las que son construidas sobre estados excitados (T > 0).
También se obtendrán algunas expresiones (Sección 6.2) que vinculan las variables colec­
tivas con la intensidad de la fuerza, que son de suma utilidad para la suma de diagramas
como se verá en el Capítulo 4.

3.1.1 Solución de la RPA a Temperatura Cero

En esta subsección obtendremos las variables colectivas, para núcleos normales, mediante
la diagonalización del hamiltoniano multipolar isoescalar-isovectorial en la aproximación
de la RPA, que conjuntamente con el hamiltoniano de interacción entre partícula y
vibrador y el de partícula independiente definen el hamiltoniano total de la NFT (Sección
6.1).

Definimos los hamiltonianos de partícula independiente y de interacciónllluml como

H3? = Z: ¿Jai (P) “J (P) (3-1)
M

donde p=1/(7r) neutrones (protones), e] es la energía de partícula independiente y a; (V)
(a;r crea un neutrón (protón)en el orbital J

Hu) =—kï°zqil<r=o)q1#(r=o)332mm 1)q1#(r=1)
n ¡4

(3.2)

_% z [‘Lw(T = 1) (1L:(T = 0) + q)” (T = 0) (¡1”(7-:1)]
p

con ko la constante de acoplamiento isoescalar, k1 la isovectorial y k, la constante de
acoplamiento entre los dos modos cuando existe un exceso de neutrones; y donde q)” es
el operador multipolar partícula-agujero de multipolaridad A, isospin T y con proyección
en la dirección z del isospin T, = 0. Este operador multipolar se puede poner en término
de sus excitaciones multipolares de neutrones y protones como

qa (T) = QKM+(1- 2T)9L (3.3)

entonces reemplazando este operador, el hamiltonianol multipolar isoescalar-isovectorial
se expresa como

lUtilizando la parte real del potencial óptico se relacionan entre si las constantes de acoplamiento
isoescalar e isovectorial.
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’ t _ ’ t

Ho) =—(Wifi) z 93% —(hi-zi) z 9L L
u fl

(3.4)
_ 1 t

—(Eng-k1)Z [Qïugïi + QKiQL]
u

Los operadores multipolares para neutrones y protones se definen

Qïfl = ¿“Á-1’ÍÉMP (k,i; A) [5; (k,i; Ap) + (—)*-" a, (k,z’;A —m] (3.5)

con;\=\/2z\+1y

a;(k,i;xu)=[a1.<p>ai(p)] = zl(kimkmilxmaimk(p)<-)i-m*ai-m(p) (3.6)
A” mkvnl'l

el índice indicado por k denota un estado por encima del nivel de Fermi, mientras que el
indicado por i uno por debajo del nivel de Fermí. Los índices J son usados para indicar
cualquiera de los dos estados k o i. El coeficiente MP (31,32;/\) es definido como

MP (11,12;A)= (Jl III: (r) nun) i‘m-“1” = M" (12,21;A)(—)“’”“ (3.7)

la dependencia radial de ff (r) es picada sobre la superficie nuclear y (31 ff (r) Y,\||32)
es el elemento de matriz reducido. Definimos el operador de creación de un bosón como

1%,, = Z XÉÏ)’BI,(kn: NL)- (-)*”‘ Wiïwfip(kai: /\ - y) (3-8)
p.k,i

donde el índice n específica la raiz y p, como siempre, indica que la suma. se realiza sobre
protones y neutrOnes. La diagonalización del hamiltoniano H(/\) en la aproximación
lineal (RPA) se logra con tal de pedir

([713, + H (A),rIW‘] >93= mnrlw (3.9)

donde el ( )93 indica que las Resonancias Midtipolares Gigantes son construidas sobre
el estado fundamental
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([Hw + H (A)’Fiuui >93 = A? {XM} (www + <—>*-"v::‘”.3p(km A—m] +pt 'I‘

+ (kgikAli2k') Qïp’ z MV (kyiww [Xíïiïfi’+ 7,2201+k,i€v

+ (kg+kÁ¡-2kl) 91;" Z: M1r (¡CJ-Vw [Xí'ilfir+ 722W] +k,i€1r

(3.10)

+ QïuZ: M"(k1i:)\)MZ)"+78”] +
k,ie1r

+ (5%“) 9L z M"(¡meA)W + 73”]
k,i€u

= ñwnI‘LM

donde ¿zi = e: —e: , resolviendo para cada particular excitación de partícula-agujero de
neutrones y protones obtenemos

xíï’" = { (1-;***;2”*‘)M”(k,i;x) Z M”<k1,i1;x)[xí?37+véï3ï]¡chileu

+(Enr-k1)M”(k,i;A)Z MWhJHA)[XÉÏÏÏHÜÏÜp 1A2 u'__ .
k¡,i¡€1r 'k‘ rw"

7g» = Mv(k,¿;,\)z M”(k¡,i1;A)[xíT¡)-:'+7,EÏ¿)Ï]k¡,i¡El/

n _ ' I l 1

+(kg/VL])MV(k,1; z M”(klazl; +} mk1,i1€1r ki

k1,i1€1|’

(3.11)

. _ . . n 1

+ M’r(k,1,;A)z Mu(klfll;A) + ,_.1r_hu"k1,i1€u ¡ki
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mi?" = {(fi‘L-Zífi)w(k,m) Z M"(k1,i1;x)[xíïïï+v,273ï]k¡.i¡€1r

1

+ Mr(k,i;x\)z MV(¡chili/U + }¡Chilel/

definiendo las siguientes variables

91A; = ZM”(k,z-;,\)[xíï)"+7,í?’”]
k,i€u

(3.12)

92A: Z Mmmm M?" +7,22”?
k,iG1r

1 13P= Pk ';,\2— ____.
k,i€p

y utilizando las ec.(3.11) se pueden obtener las siguientes relaciones

A;= (thlxzünfiuhïfi
(3.13)

nA" = (L 3;“ )e;:A::+ (Ja-1*¿3k)<3,",A;

lo que lleva a la ecuación de dispersión.

A7, ’ (ko —k1) 8':

De esta ecuación se obtienen las energías un de la n-ésima raíz colectiva. Usando las
definiciones anteriores se hallan las amplitudes que definen los bosones [ec.(3.8)]

n JV- ko+k1+2k' o"AnQ (3.14)

(n), _ AZMV (k,'i; /\) (Mu _ AZM” (¡5,11;A)
X“ _ e; —Í'uun ’ 7'“ ’ ¿zi + ña)"

(3.15)

W _ A’áM"(MM) (n), _ AIM" (kn; A)
x“ _ e}; —Fuun ’ 7’” _ e; + ñun

utilizando la relación de normalización del bosón y las amplitudes que definen el bosón
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Z [xt-"ul?" —ví?’”vi:-‘"”+ xtEVxíï')" - vá?’"véï‘""]= 6m. (3.16)
k,i€p

entonces se llega a una expresión explícita para el factor AZ.

_ 1 1

A"2=ZM"(k,i;/\)2[ 2- ]n k.iEu (¿Ki_ M") (‘Zí+ muy

(3.17)
2

32- k +Ic +2k' e:

+ z N11r(k,i;/\)2 (kZ-kll) g [ ,r 1 2 _ ,r 1 2]k,i€1r (¿ki _ Mi!) (¿ki + mn)

Para el caso en que N=Z, asumiendo que los niveles de partícula independiente de
neutrones y protones coinciden, se observa que 9","= 8",", ko = k1 [ec.(3.12) y ec.(3.13)],
por ende k, = 0 con lo cual no existe fuerza actuando entre neutrones y protones, esto
se ve reflejado en la ec.(3.4), y se obtiene la bien conocida ecuación de dispersión.

L _ i _ Tr V _ p . -. 2 1 1

k0_ k1_<:rn+<3n_g’:iM (k,z,A) Lïrmn +¿ïi+ñwn] (3.18)

Esta ecuación muestra que los dos modos colectivos isoescalar (T = 0) e isovectorial
(T = 1) son independientes uno del otro en ausencia de exceso de neutrones. Por lo tanto,
la solución para cada raiz lleva al isospin como buen número cuántico, además implica
despreciar términos proporcionales a 1} o sea términos proporcionales a k'.

Cuando existe un exceso de neutrones, los modos isoescalar (T = 0) e isovectorial
(T = 1) estan acoplados, esto se refleja en el último término de la ec.(3.2). Si uno
permite valores de k, pequeños, se puede hacer un desarrollo en término de 77;?, entonces
las autofunciones de H (A) estarán caracterizadas por el isospin aunque en este caso se
conserva sólo aproximadamente.

El hamiltoniano de acoplamiento entre partículas y bosonesl11Il21lse obtiene del ha­
miltoniano H (A) [ec.(3.2)]expresando uno de los dos operadores multipolares en término
de las variables colectivas, generando sólo términos lineales en las variables fermiónicas
y bosónicas

lt

Hp-” (a) = g [(qu(T))co¡¡‘11u(T)+ m (r) (gin (o)_ coll]
pur

(3.19)

_L;_’ [(q/VJ(T))coü qÏV-l _ T) + qA" (T) (qï‘l‘ (1 _ T))coll]¡ur

donde la suma es sobre ambos modos vibracionales y q“ (T) tiene la misma expresión
formal que en la ec.(3.3)
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(qu (TDM = (9mm + (1 - 2T)(Q’;,¿)cou (3.20)

y el operador ( {Jam se expresa como

( K”)cou= Zn:32A; [FLV + (AA-u I‘M-Fi (3'21)
2

despreciandotérminos en se puede ver que el hamiltoniano de interacción entre
partículas y vibradoresl11ll21l queda

HM (A)= - z A2921“[I‘iw + (—)*‘"rni_,i] (3.22)
n’p'“

imponiendo la condición [Á3p(k,i;z\p),1";l\fl]= 0, tratamos a los gados de libertad de
partículas y los colectivos como si fueran independientes uno del otro. Del Hp-” se
pueden derivar las expresiones para los vértices diagramáticos que acoplan partículas y
vibradores, observando que los factores A; son la intensidad de dicho acoplamiento. El
correspondiente elemento de matriz entre el estado fundamental y un estado de un bosón
es igual a (fig.3.1a)

(nAp|93| o) = 93A; (3.23)

donde InAp) indica la n-ésima raiz de la RPA, IO)el estado fundamental, y todos los
posibles vértices de acoplamiento entre el estado colectivo y el campo fermiónico son
(fig.3.1b)

(PM Hp-”(MIa; (Im;Am) —A{’¡./VÍ’D(k,i; /\)
gs

<0IHp_L.(A)rïw ,13;(k,i;/\p)>g’ = —\/2,\+ lAfiMp(k,i;A)
(3.24)

2A+1 . .
<an Hp-v(/\) Tim. 1%)” = 2il+1AfiMp(11112;/\)

2A+1

<a1.)IHP_.,(,\) I‘IW ,42)” = 2k1+1AgMp(i-1,k2;,\)

no existe acoplamientos entre dos estados colectivos pues la raices de la RPA son orto­
gonales entre si.
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WA A
Figura 3.1:

3.1.2 Solución de la RPA a Temperatura Fim'ta

La extensión de la fuerza isoescalar-isovectoriala temperatura finita para tratar núcleos
normales altamente excitados requiere la suposición de reemplazar un sistema individual,
cada uno en un estado de definida energía de excitación y definido número de partícula,
por el conjunto gran canónico del núcleo. La temperatura y el potencial químico deter­
minan la energía y el número de partículas promedio del sistema. Partiendo del mismo
'H (A) [ec.(3.4)] y analogamente a lo hecho a T=0, para calcular los estados colectivos,
sólo que a temperatura finita se requiere redefinir los operadores multipolares de neutro­
nes y protones para permitir excitaciones de partícula-partícula y agujero-agujero2 que
el caso T=0 no contempla

Qïu = Z: Mp (31,3290[5; (Jump) + (—)’\-"fi, (J1,]2;Á-y)] (3.25)
11212

y definimos el operador de creación de un bosón como

PLA“= X x531”; (31,12;Mi) - (-)*”‘ 75,32%;(11,22;A- fl) (3-26)
i 1141212

donde el índice n indica el número de raíz. La diagonalización del hamiltoniano en la
aproximación lineal (RPA) se logra con tal de pedir

([Hw + H (A),rjw] >83= nunriw (3.27)

donde el ( )81 indica que las Resonancias Multipolares Gigantes, en este caso, son cons­
truidas a partir de valores promedios en el conjunto gran canónico. Para dicho cálculo,
es necesario calcular el promedio en el conjunto gran canónico de un par de operadores
de creación y destrucción, observando que

2Definimoeiexcitaciones de partícula-partícula como las excitaciones de partícula-agujero que están
por arriba del nivel de Fermi, y las de agujero-agujero cuando están por debajo del nivel de Fermi.
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<aLa5> = "uóafi 1=m (3.28)no

<aaag> = (1 - na) 6013

donde p es el potencial químico, se define fi = 1/ kBT (T es la temperatura) y siendo
na el número de ocupación térmica que es determinado explícitamente a través de la
minimización del gran potencial termodinámico (Capítulo 2). Analogamente a lo hecho
a.T = 0 se obtienen las distintas amplitudes que definen el bosón de la RPA [ec.(3.26)]

x52}:= M”0344;” >26 ("n ‘ "MM"(MW [XSIZ’J’+7532:]11-12 V

. _ i ,r n 1r n 7|' 1

+ (Ju¿2‘ )M" (33,15%) 2 (".72- "MM (31,72“) [X5122+7121)?Jl 212€"

71(5)."= M" (J3,J4;/\)>26 ("72‘ "MM" (3142”){xxi}:+ 7332”]Jl_J2 V

' _‘ y ,r n7T —1
+ (JL-LLA2L)M 03,14%“ Z (".12" "71)M (¡h-72;» [34122+Jl 212E" 55/314+ mn

(3.29)

Jl 212 67'X521):= M" (13,14%)Z ("v2’ 7’71)M"(91’32¡’\)[X535+7593

. _ . 1|- 1

+ (L 32k )M (33,34%) Z ("72 - “MM” (31’32;A) [X5321]+ 7513):] "
’L‘L 11212€” 51314

= {(kg-Fkgz-2k) M"(33)]4; 2:6 (11]2—11]!)M7r +JIJQ 7'

. _- 1r y n 1

+ (A¿2k)M (33,34?» Z (":2 _ "11)M (71’72;/\)[XS'J):+7J(Z):]}.712126" a“
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donde se observa la presencia de números de ocupación para los distintos niveles, lo
que implica excitaciones de partícula-partícula y agujero-agujero. Analogamente al caso
T = 0 se definen las siguientes variables

9m: z (nn-751)M”(Jl,12;/\)[XSI'}J’+7ÉZ€”]
11212€”

9m: Z (nn—n,¡)M"<Jl,n;A>[xgrngggy] (3.30)
112.12€”

1 1

(3p = ( - )M” (J1,92;A)2[ + ]
n 112213617nn nt“ 551.12_ mn 55112 + 71an

con estas definiciones se obtienen las mismas relaciones [ec.(3.13)] que en el caso T = 0
y la misma ecuación de dispersión [ec.(3.l-l)]

A: _ ;\2—(ko+k1+2kl)8‘:
A: _ (ko —k1) 91. (3'31)

X55): = Alá/:4” (Jlñif; A) , 71(3): = Alí/:4” (31,22; A)51122_ n 61112+ M”

(3.32)

X35): = All-:4" (11,12; A) , 75111]):= MEM" (J1,J2: A)
51112- hu" ¿i'm + rw“

utilizando la relación de normalización del bosón

("72 - nn") [XÉÏ}2”XÉÏ}3”- 757;)hi3‘2)" + XÉI‘J’ÏXÉÏJ‘É"- Vlfiïr‘rififi = ¿nm (3-33)
11212617

entonces llegamosa una expresión explícita para la intensidad del acoplamiento partícula­
bosón similar al caso T = 0, salvo que la suma no está restringida a niveles de partícula­
agujero sino que debe sumarse sobre todos los niveles.

A”’2= n - M” J ,12;>\)2[ 1 - 1 ]+n Age} n no!) ( l (¿gm-rw")2 (¿7122+M")2

(3.34)
2

Z: (er2 —nJ¡)M (J1,.72;/\) (ko-k1) a [( 4M")? _ Muay]¿y J (57 2“2.12€” l 2 l 2
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El hamiltoniano de acoplamiento entre partícula y bosones se halla en forma analoga
al caso T = 0, dando formalmente los mismos elementos de matriz entre el estado
fundamental y un bosón. los mismos vértices de acoplamiento entre el estado colectivo
y el campo fermíónico. etc.

41



OOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOOO‘

Capítulo 4

Ancho de Dispersión de las
Resonancias Multipolares
Gigantes

4.1 Ancho de Dispersión a Temperatura Cero

En experimentos de transferencia de una partícula, lo que se observa es un fuerte pico en
el estado de partícula independiente y picos más pequeños asociados a estados del mismo
spin y paridad, formando una distribución de transferencia de intensidad de partícula
independiente que no tiene la forma de una fimción tipo delta sino, más bien, forma
una distribución extendida. El centroide de esta distribución de intensidad se calcula en
término de un potencial promedio de un cuerpo (HF), mientras que el cálculo de su ancho
no es posible obtenerlo via campo medio y requiere introducir mezcla con configuraciones
más complicadas.

Algo similar sucede en experimentos de fotoabsorsión, dispersión inelástica de a, 3He
y protones que excitan estados colectivos, el centroide de la distribución de intensidad,
o lo que es lo mismo la energía del correspondiente estado colectivo puede ser obtenida
por medio de la aproximación de la RPA. Estos cálculos reproducen exitosamente los
datos experimentales, mientras que el ancho de la distribución esta más allá.de la RPA
pues requiere la mezcla con estados más complejos.

En general, la respuesta a un campo externo genera una distribución con un picol
resonante en algima región de la energía de excitación donde existe una alta densidad
de niveles. El carácter del campo externo determina la clase de vibración excitada.
El campo externo puede tener una dependencia en el spin o isospin de los nucleones,
como también una dependencia espacial. Una importante herramienta para interpretar
la distribución de intensidad es la Regla de Suma de EnergíaI l, pues un pico en la
distribución de intensidad puede ser considerado una Resonancia Multipolar Gigante si

lLos núcleos deformados presentan dos picos resonantes, asociados a los dos frecuencia diferentes
que existe.
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exhibe la mayor parte de la Regla de Suma de Energía para operadores multipolares
eléctricos o magnéticos.

Desde el punto de vista macroscópico las Resonancias Multipolares Gigantes, que son
pensadas como vibraciones de la superficie nuclear, tienen distinta naturaleza y pueden
ser clasificadas según su multipolaridad, por si involucran el espín de los nucleones (Reso­
nancia Gigante de Gamow-Teller, S=1) o no (8:0), y por si los neutrones y protones
oscilan en fase (modo isoescalar, T=0) o fuera de fase (modo isovectorial, T=1), por
ejemplo: la Resonancia Monopolar Gigante isoescalar esta relacionada con el modo de
compresión del núcleo, los movimientos de los protones y neutrones son radiales, en
fase y la frecuencia depende de la compresibilidad del núcleo. La distribución angular
de esta resonancia, en dispersión inelástica, tiene un máximo pronunciado a ángulos
pequeños y es visible en núcleos más pesados que el 40Ca. La Resonancia Dipolar Gigante
isovectorial, la primera que fue descubierta y una de las más estudiada de las Resonancias
Multipolares Gigantes, es la oscilación en contrafase de los neutrones contra los protones
y está generada por un campo dipolar isovectorial. Es visible en núcleos tan livianos
como el 4He hasta tan pesados como el me. La Resonancia Guadrupolar Gigante
isoescalar es una vibración en la cual los neutrones y protones se mueven en fase, es una
oscilación con forma elipsoidal, no puede ser excitada por rayos 7, se observa desde el
12O hasta el 238Uy está a una energía similar a la Resonancia Monopolar Gigante. La
Resonancia Octupolar Gigante se encuentra a energía más alta que las otras vibraciones
y su ancho es considerablemente más grande, etc. En general, la dispersión de partículas
inducen vibraciones más complejas que la dispersión de rayos 7, puesto que el campo
eléctrico del fotón sólo actúa en los protones y en una sola dirección.

Desde el punto de vista microscópico, estas vibraciones son pensadas como la pro­
moción de nucleones a capas desocupadas que son descriptas como una suma coherente
de excitaciones de partícula-agujero, no existiendo diferencias principales entre la distin­
tas Resonancias Multipolares Gigantes, diferenciándose una de las otras por las reglas
de selección.

La.teoría de campo medio (RPA), la cual es la base del cálculo microscópico, puede
explicar dos características de la distribución de intensidad, el centroide y su intensidad
total. Pero es incapaz de explicar el ancho de la distribución de intensidad; éste tiene
tres fuentes:

o La atenuación de Landau en un núcleo finito, o lo que es lo mismo la fragmentación
de la resonancia sobre la configuración de la RPA.

o El ancho de dispersión, que esta relacionado al segundo momento pg” de la dis­
tribución de intensidadlasl se origina del acoplamiento de un estado de la RPA a
configuraciones cercanas más complejas, principalmente a estados de 2partículas­
Zag‘ujeros,en una región donde existe una alta densidad de niveles. Esta relacio­
nado macroscópicamente con la viscosidad nuclear.

o El ancho de escape, que esta relacionado a la emisión directa de partículas y que
frecuentemente esta asociado a la porción de la Resonancia Multi ola; G_ia_nte ue
tiene una partícula (del par de partícula-agujero) en el continuol OHDIHO"061Wl.
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El Modelo de la thción Intensidad (Sección 6.3), dentro del contexto de la RPA,
permite calcular la atenuación de Landaullsllnllul. Sin embargo, ésta no explica el
ancho total experimental de la distribución de intensidad, pues su contribución al ensan­
chamiento es pequeña l l.

Se observa experimentalmente, que en núcleos livianos el ancho de la distribución de
intensidad es considerablemente más grande que en núcleos intermedios y pesados (ver
tabla 4.1). Esto se debe a que el ancho de escape es importante para núcleos livianos.
donde las barreras coulombianas y centrífugas son bajas, y es pequeño para núcleos
intermedios y pesados. En éstos núcleos la emisión de partículas es principalmente
de neutrones ya que no sufren la barrera coulombiana. óplicando el formalismo de la
fimción de Green en la representación de coordenadasl H al, que permite tener en cuenta
el estado de partícula independiente del continuo, se puede estudiar como son pobladas
(preferentemente los estados de agujero) las configuraciones de los núcleos hijos y se
observa lo anteriormente dicho. Por lo tanto, el ancho de dispersión es el que prevalece
para núcleos intermedios y pesados, y el decaimiento de este estado colectivo en otras
configuraciones nucleares más complicadas, que aparecen a esa energía de excitación, esta
más allá del cálculo de campo medio pues involucran mezcla con estados de 2partículas­
2agujeros, 3partículas-3agujeros, etc.

Vibraciones Núcleos Livianos Núcleos Pesados
Multipolares (Mev) (Mev)

Monopolar 3
Dipolar 7 4

Cuadrupolar 8 2.5
Octupolar 10 5

Tabla 4.1: Ancho total aproximado de las Resonancias Multipolares Gigantes

Para describirel ancho de dispersión, en ambas clases de excitaciones (de partícula y
colectiva), se han hecho varias aproximaciones teóricas resumidas en la.ref.[15]y referen­
cias allí citadas. En general, en la estructura de estos cálculos los modos elementales!”I
están inmersos en un espectro complejo y se mezclan con estados cercanos más complica­
dos llamados estados intermedios. En algunos de estos modelos, los estados intermedios
están construidos con configuraciones puras de 2partic1flas-2agujeros[2¡[62“6 l en otros
lo están con un estado puro de partícula-agujero y con un bosón colectivolnnlsllzal,
o con dos bosones colectivos[66l. La mezcla de los modos elementales con los estados
intermedios no cambian las propiedades promedios de los modos, y lo que genera es una
redistribución de la intensidad sin modificar el centroide de la distribución. _

Estas ideas fueron usadas dentro del método consistente de la función de Creemos] y
en un modelo que utiliza Teoría Nuclear de Campo (NFT)|23]. Este modelo subestima
el ancho de dispersión en un factor de 2 como fue indicado en la ref.[15].



En estos modelos se observan grandes cancelaciones cuando se hace el cálculo dia­
gramático, esto se debe a que las partículas y los agujeros se acoplan con distinto signo
a los grados de libertad colectivos. Esto no sucede en el modelo independientel371 que
presupone que las partículas y agujeros decaen independientemente, pues desprecia la
coherencia del estado colectivo.

'En este capítulo desarrollamos un método para calcular el ancho de dispersión (o
segundo momento de la distribución de intensidad) basado en la evolución temporal de
los grados de libertad colectivos (Sección 2.1.3), lo cual nos lleva a una simple expansión
diagramátical'u'. Demostramos que el ancho de dispersión se puede expresar en término
de un elemento de matriz efectivo que conecta el estado de un bosón con estados de
dos bosones, como fue sugerido por Brown y otrosl l, a primer orden no nulo en la
expansión perturbativa.

Nuestro método incluye (a diferencia de la ref.[23]) estados intermedios de todas las
configuraciones descriptas previamente, es decir: de 2partículas-2agujeros puros. las de
lpartícula-lagujero y un bosón colectivo, y las de dos bosones colectivos. Utilizamos a
la NFT (Capítulo 3) para clasificar los procesos involucrados, que permite un desarrollo
perturbativo en una base sobrecompleta y asegura la exactitud del cálculo al orden
deseado.

Observamos que los diagramas relevantes para el cálculo del ancho de dispersión son
aquellos que tienen dos interacciones de dispersión que cambian el número de bosones
o de pares de partícula-agujero en uno respecto del estado inicial o final. Estos vértices
deben actuar entre la aniquilación del bosón inicial y la creación del bosón final.

En la próxima sección se mostrará cuales son los procesos relevantes para el cálculo
de los distintos momentos de la distribución de intensidad. Después, en las subsecciones
siguientes se realizará el cálculo del ancho de dispersión, en el modelo de Lipkin, cuando
las Resonancia Multipolares Gigantes son construidas tanto en la aproximación de la
TDA como en la de RPA.

4.1.1 Momentos de la Distribución de Intensidad

El cálculo de los distintos momentos de la distribución de intensidad de partícula indepen­
diente o colectiva da información de los procesos que están involucrados. En particular,
el 18"y 2d° momentos son útiles pues dan información del centroide y del ancho de la
distribución respectivamente, cuando la base es completa.

Para analizar los distintos momentos definimos el hamiltoniano H cuyos elementos
de matriz son h..-jy siendo U la matriz unitaria que lleva a. H a su forma diagonal con
autovalores E. La matriz U es construida de los autovectores de H. Entonces se cumplen
las siguientes ecuaciones

HU = UE , UlU = 1 (4.1)

y asi

H = UEUT = M (E) (4.2)
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escrito en término de los elementos de matriz queda

zhijujk = uikEk (4-3)
J

hii = 2011702 El: = ZilikEkuZt (4-4)
k k

esta ecuación es la regla de suma de la energía para los componentes de los autovectores
ui,“ relacionando las energías no perturbadas contenidas en hu con los autovalores finales
Ek. Vemos que el promedio pesado de los autovalores finales esta dado por los elemen­
tos de matriz diagonal de H que esta compuesto solamente por la energía de partícula
independiente o bosón independiente, dependiendo de que tipo de excitación estemos con­
siderando. La introducción de estados más complicados en la base, 2partículas-1ag'ujero
para el caso de partícula independiente y de 2partículas-2ag‘ujeros para el de bosón in­
dependiente, provoca una redistribución de la energía sin cambiar el centroide de la
distribución de intensidad. Esta redistribución se observa en el siguiente momento de la
distribución de intensidad a través de los términos no diagonales del hamiltoniano. Para
ver esto, notamos que

(H)2 = (UEUÍUEUÍ) = (UE2UÍ) = M (E2) (4.5)
(2)

el segundo momento pi con el i-ésimo estado no perturbado es

ii uy?) = (UEzUl) - (UEUÚÏ = 2213,. (4.6)
¡wei

es conceptualmente útil desarrollar una interpretación perturbativa del segundo momento
y?) (ref.[38]). Para este propósito analizamos la expansión perturbativa de Brillouin­
Wigner (BW)Í42¡ del estado i con energía ei. Esto se logra resolviendo la siguiente
ecuamon

E = fi (E) (4-7)

1

E-Ho
. . 1 . . .

(1- I¿MiI)Ví_—H0(1- IMi DV| Z)+

ME) = Ei+<i|V (l-Ii)(iI)V|i)+

(¿Iv
1

E - Ho
(4.8)

v3; vikvkrvri

_ 4+;E-5k +k;¿(E—5k)(E-5r)+W
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en esta fórmula asumimos que el hamiltoniano se separa en una parte no perturbada Ho
y una perturbación V que acopla el estado | i) a configuraciones más complicadas k,r,....
Además asumimos que toda contribución diagonal Vü esta absorvida en si.

Se puede ver claramente, mediante la aplicación del teorema de Cauchy que el segtmdo
momento se expresa como

ls” = fc¡,-(z) dz = 2123.- (4-9>
k;éi

donde c es un contorno cerrado en el plano complejo de la energía que encierra todos los
autovalores de Ho. Asi concluimos que ps2 es univocamente determinada por el segtmdo
orden (en potencias de V) en la expansión perturbativa de BW. Se puede extender este
argumento a los momentos superiores de la distribución de intensidad

y?) = (UE3UT) —3 (UE2UÍ) (UEUT)ü + 2 (UEUÍ) (4.10)ii ii

utilizando el teorema de Cauchy.

3

ii

1

#53)= /(Z —Ei)f,-(Z) dz = ZVá (CL-+ ka - Ci)+ Z: vikvkrvri (4'11)
7” c k9éi knéi

Los términos que contribuyen al tercer momento de la distribución de intensidad
vienen del segundo y tercer término de la ec.(4.8). La principal conclusión es que todos
los momentos a un dado orden son calculados sobre la inclusión de todos los términos en
la expansión de BW hasta ese mismo orden, ya que los ordenes superiores en la expansión
sólo cambian los momentos superiores. Esto no indica que la distribución de intensidad
no cambie por la inclusión de ordenes superiores, sólo que el cambio es de tal manera
que mantiene la misma forma que la envuelvel l.

Resumiendo este método nos permite calcular los distintos momentos de la dis­
tribución intensidad en el lenguaje diagramático simplemente identificando los procesos
que son relevantes al orden que se desea calcular.

Los argumentos que fueron expuestos en esta sección sólo pueden ser aplicados en
la evaluación del ancho de dispersión de las Resonancias Multipolanes Gigantes, cuando
lo base no es sobrecompleta. Este es el caso de los bosones de TDA por lo menos al
primer orden en la aproximación. Los bosones de la RPA, por otra parte, forman una
base sobrecompleta debido a las correlaciones del estado fundamental (tiene un número
indefinido de bosones), y serán tratados con el método de la discontinuidad de la segunda
derivada de la fimción de Green (Sección 2.1.3).

4.1.2 TDA en el NIodelo de Lipkin

En esta sección utilizamos la NFT, en el modelo de Lipkin, para obtener el seg-Lme

momento de la distribución de intensidad y?) cuando las Resonancias Multipolares Gi­
gantes son construidas como excitaciones de partícula-agujero, sobre el estado fimda­
mental, dentro de la aproximación de la TDA. La base en la aproximación de la TDA es
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completa, en primera aproximación, por lo tanto uno podría usar los argumentos de la
sección anterior como fue hecho en la ref.[38], pero por razones didácticas vamos a cal­
cular #9) aplicando el método de la discontinuidad de la segtmda derivada de la ñmción
de Green del bosón de la TDA (Sección 2.1.3).

El bosón de la TDA es definido como

I Am) = 2X2? [alan-L I o) (4.12)
k,i

donde k denota estados por arriba del nivel de Fermi, i denota estados por debajo del
nivel de Fermi.

Hay que notar que de los tres vértices de interacción entre partícula y bosones que
permite la NFT para la aproximación de la TDA (fig.4.1a) el primer diagrama no debe
ser considerado como un vértice de interacción, pues lo único que expresa es la amplitud
del estado de partícula-agujero en el estado colectivo, o sea.

(M I [alaiL IO)= XLL- (4.13)

was;
(a)

Figura 4.1:

Vamos a realizar un cálculo, dentro del formalismo de la NFT, para demostrar que
los diagramas que utilizamos en el cálculo del ancho de dispersión de las Resonancia
Multipolanes Gigantes, o lo que es lo mismo el segundo momento de la distribución de
intensidad y; puede ser interpretados como el cuadrado del elemento de matriz efectivo
entre el estado de un bosón y el estado de dos bosones.

La diagonalización del hamiltoniano en la aproximación de la TDA en el modelo de
Lipkin, en el cual el'término de intercambio fue despreciado para la construcción del
bosón, da un sólo estado colectivo con una energía de excitación w = e (1 —:c), los 2Q
coeficientes X0; son iguales a 1/ \/2_Q, los diferentes signos de las distintas orientaciones
fermiónicas están en el factor —q1qÏy A = ez/x/ïñ (Sección 6.1).

Utilizando las reglas para el cálculo diagramático, que proporciona el formalismo de
la NFTÜHSHQHIO',obtenemos todos los diagramas a primer orden en 1/9. (fig.4.2) que

usamos para el cálculo de pg”, y que conjuntamente con el diagrama que incluye la

48



interacción de intercambio (fig.4.1b) son todos los que contribuyen a la corrección de la
energía del estado de un bosón a orden 1 Donde la expresiónpara cada diagrama de
la fig.4.2 es

X4A2
F1.+ Fu, = -,—492 (1 - 17)(ql - qïlz

X419 2(1 ‘41?) 2
F2 ’ ’T‘m (1+2)(ql"El

(-1.14)

F30+F3b+F3c—_T
X4” 2 20+?) 2

F1a+ F46+F4c - -T49 z m (ql- qï)

sumando todas las contribuciones llegamos a.

X“A2 _
ABF = X F,-= —- w 892 (ql —qï)2 (-1.10)

Vamos a recalcular, hasta el mismo orden (1/9) en teoría de perturbaciones, el
elemento de matriz entre el estado de un bosón y el estado de dos bosones (fig.-l.3). Sólo
que en este caso A = A1= A2pues la solución, en la aproximación de la TDA, en este
sistema de dos niveles da un sólo estado colectivo.

La obvia consecuencia, es que el cálculo del elemento de matriz está concentrado en
el término AXX que tiene en cuenta todas las posibles fragmentaciones del estado de
un bosón en todas las posibles configuraciones de dos bosones

(A I H I /\1/\2) = X2A<Q1- «¡mm/5 (4-16)

donde el fi viene de la normalización del estado de dos bosones, 20 viene del ciclo
cerrado y (ql —qï) de las distintas circulaciones de los fermiones (fig.-l.3).

Usando este elemento de matriz podemos calcular la corrección a la energ’a del estado
de un bosón, dentro del formalismo de la NFT, hasta el mismo orden en 1/9 (fig.-l.4)

AEB=I(A|H|A1A2)|2 _ X4A2
w — 24a _ a)

donde se observa que los dos cálculos [ec.(4.15) y ec.(4.17)] coinciden en este sistema de
dos niveles.

Por lo tanto, hemos podido expresar todos los diagramas que contribuyen al segtmdo
momento paz) (fig.4.2) como un sólo diagrama, esquematicamente representado en la
fig.4.4, que depende de un elemento de matriz efectivo entre el estado de un bosón y el
de dos bosones (fig.4.3).

8920171 - 91’)? (4-17)
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Figura 4.2:

La. generalización a un sistema de más de dos niveles es directa con tal de tener
presente los procesos involucrados. Entonces el elemento de matriz efectivo entre un
bosón y dos bosones para un sistema general en la aproximación de TDA queda

(Á1n1,)\27l2 I H I A") = Z XÉÏ')XÉÜAÉ'ÏZ)x/2Al+ 1\/2,\2 +1
k.k',i

i A /\ /\ /

(_)k+ +Á2+Á{ k ki] i? } 1+ónln2

donde todos los términos posibles están representados en la fig.4.3, considerando el inter­
cambio de los dos bosones intermedios entre si y la.circulación de los fermiones en ambos

sentidos. X18"),(A) es la amplitud que definen el bosón de la TDA [ec.(4.12)], mientras
que el vértice de dispersión esta. dado pormlsngl|10|

(-1.18)



Ai?) (A) = Z Xi?) (A) (Ji I V I ik) (4.19)
ki

el elemento de matriz de dispersión cambia de signo dependiendo de si el nivel J corres­
ponde a una partícula o a un agujero.

AYA? ¡1 A'2
A A

Figura 4.3:

Siguiendo lo expresado en la Sección 2.1.3 el segundo momento de la distribución de
intensidad lignse calcula como la discontinuidad de la segunda derivada de la función
de Green del bosón, en este caso, construido en la aproximación de la TDA. Cuando se
realiza la discontinuidad, se observa que los dos vértices de la fig.4.4 ocurren al mismo
tiempo y que no exite propagador entre ellos, esto significa que este diagrama no tiene
denominador de energía. Por lo cual, llegamos a la siguiente expresión para el ancho de
dispersión de las Resonancias Multipolares Gigantes

02 = pg” = z |(A1n1,A2n2| H | An)|2 (4.20)
Á|n1.r\2n2

donde la suma se extiende sobre todos los estados intermedios de dos bosones, siendo
n's las distintas raices de dichos bosones.

4.1.3 RPA en el NIodelo de Lipkin

La obtención del segundo momento de la distribución de intensidad ¡Límcuandoel estado
colectivo de partícula-agujero es construido en la aproximación de la RPA es más compli­
cado que en el caso de la aproximación de la TDA, por la existencia de las correlaciones
del estado fundamental. Pero las ideas básicas son las mismas que en la subsección an­
terior, es decir los diagramas relevantes para el cálculo de pg?) son aquellos que tienen
dos interacciones de dispersión que cambian el número de bosones o de partícula-agujero
en uno respecto del estado inicial o el final, para formar un estado intermedio cercano
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Figura 4.4:

más complicado. Estos vértices deben actuar entre la aniquilación del bosón inicial y la
creación del bosón final.

Si definimos el bosón de la RPA como

Mm) = EXE?) alaiL l o) —175:"[alakL I o) (4.21)
k,i

donde k denota estados por arriba del nivel de Fermi, i estados por debajo del nivel de
Fermi. Los vértices adelantados y atrasados de la interacción entre partícula-bosones
de la NFT (fig.4.5a) no son vértices de interacción del hamiltoniano sino, más bien,
son las contribuciones que hacen los estados de partícula-agujero al estado colectivo,
y consecuentemente no tienen un estado intermedio en la expansión diagramática de
Feynman.

(Am I [aim-L IO)= xa- , (m I [alakJAIO)= (4.22)

Mientras que los vértices de dispersión [fig.4.5b] deben ser considerados como una
interacción del hamiltoniano, pues éstos cambian el número de partículas-agujeros o de
bosones del estado, permitiendo pasar de un estado inicial de un bosón a un estado
intermedio más complicado.

En este sentido, los diagramas necesarios para calcular la mezcla del estado de dos
bosones en el estado de un bosón se reducen drasticamente, y estos son los que contri­
buyen al segundo momento del estado colectivo en el orden más pequeño no nulo.

Vamos a realizar el cálculo, dentro del formalismo de la NFT, que demuestra que los

diagramas que utilizamos en el cálculo de y?) pueden ser interpretados como el cuadrado
del elemento de matriz efectivo entre el estado de un bosón y el estado de dos bosones.
En forma similar a lo hecho para la aproximación de la TDA, sólo que en este caso
esta presente la correlación del estado fundamental aumentando considerablemente la
complejidad del problema.

La obtención de los diagramas relevantes para el cálculo de pg?) en la aproximación
de la TDA no tiene ambiguedad, pues todos los diagramas considerados, a primer orden

52



W/ AMA
Figura 4.5:

en 1/9 (fig.4.2), van de un estado inicial de un bosón a un estado intennedio, via un
vértice de dispersión, de 2partículas-2ag'ujeros o de lpartícula-lagujero más un bosón o
de dos bosones para después volver a un bosón final también por medio de otro vértice de
dispersión. Pero cuando están presentes las correlaciones del estado fundamental hay que
considerar todas las posibles permutaciones temporales de los diagramas anteriores. Por
ejemplo, para los diagramas F1,F2 de la fig.4.2 hay 4! posibles permutaciones, para los

diagamas F3 hay ól, etc. Pero no todas las permutaciones temporales contribuyen a #9),
pues para que contribuyan deben pasar por un estado intermedio, via una interacción de
dispersión, que verifiquen los requerimientos expresados previamente.

Por ejemplo, algunos de los diagramas que no contribuyen, son los que no tienen
vértices de dispersión (fig.-l.6a) o los que tienen dos vértices de dispersión al mismo
tiempo (fig.4.6b) , o los diagramas que aunque tienen un vértice de dispersión (fig.4.6c)
éste actúa antes de la aniquilación del bosón inicial. Pues para todos estos casos entre
el bosón inicial y el bosón final no existe un estado intermedio más complicado que se
propaga entre ellos. Aunque estos diagramas contribuyen a la corrección de la energía
del estado de un bosón no cambian su distribución de intensidad. Por lo tanto, los

diagramas necesarios para calcular pg?) como la mezcla entre el estado de un bosón y
estados imterrnedios se reducen significativamente.

Resumiendo, para que los diagramas sean considerados en el cálculo de y?) tiene que
haber como mínimo dos vértices de dispersión que actuen entre la aniquilación del bosón
inicial y la creación del bosón final. Además de no considerar los diagramas que, aunque
cumplen éstas condiciones, participan en la definición del bosón de la RPA (fig.-1.6d).

La diagonalización del hamiltoniano en la aproximación de la RPA, en el modelo de
Lipkin, da un sólo estado colectivo cuya energía y cuyos parámetros son (Sección 6.1)

u=e\/1—a: , e=el—eï

z = 40V , A2 _ ¿31:2e _ 89m

y las amplitudes que definen el bosón de la RPA [ec.(4.21)].

(4.23)
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X= —— , Y= —— 4.24
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í? 965(d)

¿e (Ó

Figura 4.6:

Analogamente a lo hecho para. TDA obtenemos todos los diagamas a.primer orden
en 1/0 que contribuyen y?) , pero para la RPA necesitamos realizar una expansión en
:1:(el cálculo hecho en TDA vale para todo 1:). Al cálculo hecho en las ref.[7][8][9][10]
(hasta 2:3),lo extendemos hasta el orden 1:4para tener en cuenta todos los diagramas en

1/9 que son necesarios para el cálculo de y?) , pues para aquellos proporcionales a XY
su orden mínimo es 24.

Las expresiones para. la suma de los de diagramas de la fig.4.7 son

61132 2 13 2

171- F¡¿——ñ(ql—ql-)(1+z+ñz)
t=a,b,...

61:2 2 5 2

F2 — l_z F2¿——ñ(q1—qï) (il-Fil!)z-a,b,...

(4.25)

51:2 2 1 23 2

F3 — F3¡——ï(q1—qï)(12+fiz)
t=a,b,...

521:" 31 2
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Figura 4.7: Los puntos suspensivos indican las restantes permutaciones temporales que
contribuyen a pg) .

para los diagramas del tipo F4 sólo se consideraron aquellos diagramas que tienen sus
extremos fijos, pues las permutaciones de los extremos contribuyen a un orden superior
(1:5). Sumando todas las contribuciones diagramáticas relevantes para el cálculo de y?)
(fig.4.7) llegamos a.

6132 3 9

AEP = i; E-= —m (ql —en)2(1+ ¿z + ¡12) (4.26)

Vamos a recalcuiar, hasta el mismo orden en teoría de perturbaciones (1/9 y hasta
1:4),el elemento de matriz efectivo entre el estado de un bosón y el estado de dos bosones
(fig.4.8), sólo que en este caso hay que agregar el vértice efectivo de la fig.4.8b que no
estaba en la aproximación de la TDA y que esta relacionado con que la RPA permite
vértices atrasados

B, =(A|H|A1A2)= (X2+Y2+XY)A(q1 —qï)2nfi (4.27)
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1532= (o | 'H | MIA?) = 3XYA(q1 —qï) zofi (4.28)

donde el fi viene de la normalización del estado de dos bosones, 29 viene del ciclo
cerrado y (ql —qï) de las distintas circulaciones permitidas de los fermiones de la fig.4.8.

A'l Av2 ll A'2 A'l A'2

A. A. (a) l A

A. A A. 7L] A. ¡tz A] X2 A.l 2 l A'l A'2

(b)

Figura 4.8:

Usando estos elementos de matrices podemos calcular la corrección a la energía del
estado de un bosón (fig.4.9), dentro del formalismo de la NFT, hasta el mismo orden en
1/9 y en 1:4

_ ¡(A I H l /\1Á2)l2 _ 6172 2 3 33 2
AEBI- “hu --4n(91-Qï) (1+2z+16a:) (4.29)

_ l(0 l H l /\/\1/\2)I2 _ 3 53:4 2

realizando la suma de ambas contribuciones da

2 3 9

AEB = AEBl + AE32 = —%—(ql - qÏ)2 (1 + El: + 1132) (-1.31)

que es el mismo resultado al obtenido anteriormente [ec.(4.26)]. Esto demuestra, que el
método de construir el elemento de matriz efectivo entre uno y dos bosones de la RPA
es correcto.
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La generalización a un sistema de más niveles es directa con tal de tener presente
los procesos involucrados. Entonces el elemento de matriz efectivo entre un bosón y dos
bosones para un sistema general queda

(AanlA1n1,A2n2)= Z: {[le"), (A)X("‘)()\1)+Y(“) (A)Y("‘)(A¡)]J1J3 J112 JU:
Jl v12v13

(4.32)

A522:(A2)+ X52? (A2)n23? (A1)A582w} WI + 1

2A2+1(_)11+J3+z\2+¡\{ A Al ’\2 } 1+ónln2.73 .72 .71

<0I H I [A1n1,A2n21A,An>= z {[x<"> (A) W“) (A1)+X<"‘> (A1)W") m]J1J2 J1J3 Jl]; JU?
leJzJa

(4.33)

A5233(A2)+ Y}???(A2)1432 (A1)A5722m} WI + 1

.73 J2 .71*A1A2}mm
donde todos los términos posibles son los que están representados en la fig.4.8 conside­
rando, además, el intercambio de los bosones intermedios entre si y la circulación de los
fermiones en ambos sentidos. X11",),(A) , (A) son las amplitudes que definen el bosón
de la RPA, mientras que el vértice de dispersión esta dado porl7”8llgll10l

A5,"?(A) = Z [X220 (A) (Ji I v I ik) + Yk‘?’(A) (yk I v I 2'27] (4.34)
k,i

es importante notar que el elemento de matriz de dispersión cambia de signo dependiendo
de si el nivel J corresponde a una partícula o a un agujero, esto provoca que exista
una gran cancelación en la suma diagramática como fue expresado en la ref.[15]. Las
expresiones explícitas para las amplitudes que definen los bosones de la RPA y el vértice
de dispersión, cuando se trabaja con una interacción separable isoescalar-isovectorial,
están dadas en el Capítulo 3.

Siguiendo lo expresado en la.Sección 2.1.3, teniendo en cuenta todas las contribucio­
nes, el ancho de dispersión de las Resonancias Multipolarea Gigantes a primer orden en
1/9 esta dado por la discontinuidad de la segunda derivada de la función de Green del
bosón de la RPA

a2=u‘f’= Z |(/\nI'HIA1n1,z\2n2)|2+l(0IHl[A1n1,z\2n2h,)\n)|2 (4.35)
MvniAzmz
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donde la suma se extiende sobre todas las raices de los bosones intermedios. Esta es
nuestra expresión final para el ancho, hasta el orden 1/0, de las Resonancias Multipolanes
Gigantes y está. resumida en los diagramas de la NFT de la fig4.9.

Figura 4.9:

4.1.4 Resultados

Aplicamos nuestro modelo al cálculo del ancho de dispersión de la Resonancia Dipolar
Gigante 1’ del me y del 9°Zr. Donde tanto las Resonancias Multipolares Gigantes
como las otras raices de la RPA son obtenidas para una fuerza separable isoescalar­
isovectorial picada sobre la superficie nuclear, generada a partir de 8V (r) /81', que actúa
entre neutrones y protones (Capítulo 3). Siendo V (r) el potencial de NVood-Saxon

_V0V(r)=——— (4.36)
[1+ exp (—R°"a

con

v0 = 50Mev Ro = roA1/3 a z 0.5fm ro z 1.2fm (4.37)

Las distintas raices de la RPA se las obtienen de la ec.(3.1-l) donde el índice 1/ (71')
indica que se trata de neutrones (protones).

Las energías de partícula independiente fueron obtenidas fenomenológicamente de los
isótopos impares vecinos del 20‘st y del 90Zrcuando éstas son conocidas y del oscilador
de la ref.[59] para los estados de alta y baja energía. La intensidad de la interacción
isoescalar-isovectorial fueron escogidas como en las ref.[11][21]y están relacionadas como

k1z {0.21(3 + 2A) ko (4.38)0
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donde /\ el impulso angular del estado colectivo y Vo , V1son las profimdidades de los
potenciales isoescalar e isovectorial y valenl

Vo = —501l/[ev V1 = 120111161)

La presencia de un exceso de neutrones implica que los modos isoescalar e isovectorial
están acoplados, esto se refleja en el último término de la ec.(3.2)

, 1 N —Z
k — - 2 A k1 (4.39)

donde A el número atómico. Quedando solamente ko como único parámetro indetermi­
nado, que se lo obtiene fijando la energ’a de la primera raiz colectiva para los distintos
impulsos ang‘ulares.

A continuación mostramos, como ejemplo (tabla 4.2), los resultados obtenidos para el
208Pbcuando calculamos las raices de la RPA y de las Resonancia; Multipolares Gigantes
usando la ec.(3.14), los valores de ko fijando la primera raiz colectiva (obtenida de datos
experimentales) y los valores de la Regla de Suma de Energía (Sección 6.4) para los
distintos impulsos ang‘ulares.

Impulso Primera Raiz Resonancia k0 Regla de Suma
2

Angular Colectiva (Mev) Gigante (Mev) [%]'\(Mev) I%I(Mev spu)
0+ 13.7 13.70 1.256x10‘7I 2.73x10'z
1’ 0.0 14.10 1.272x10‘4 1.09x103
2+ 4.07 8.82 1.384x10-4 2.21x103
3‘ 2.62 15.50 1.167x10’4 3.92x103
4+ 4.3 9.49 1.264x10‘4 6.27x103
5- 3.2 15.9o 1.081x10-4 7.41x103

Tabla 4.2:

Donde c1 y C2están definidos como.

A 2

3 (1.012 Al/a) 2,\ +1
A +3 41r

A 2

cl = (1.012 AW) / c2: (4.40)

En el cálculo del ancho de dispersión de la Resonancia Dipolar Gigante 1‘ del me
y de 9°Zr se utilizaron todas las raices (tanto las colectivas como las no colectivas) con
multipolaridad A=0,1,2,3,4,5 y con energias de excitación de hasta 30 Mev.

Como ejemplo en la tabla 4.3, se muestran los resultados parciales del ancho de
dispersión [ec.(4.35)]del szb, para mostrar como es la contribución relativa de los
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dos diagramas de la fig.4.9. Observamos, para los distintos bosones intermedios, que la
contribución del diagrama de la fig4.9a (B1) es considerablemente más grande que la de
la fig4.9b (B2).

Bosones Intermedios B1(fig.4.9a) B2(fig.4.9b)
X; A; (Mev) (Mev)
1- 0+ 0.478 0.072
2+ 1" 3.165 0.554
3’ 2+ 5.194 1.008
4+ 3' 5.528 1.248
5- 4+ 5.988 0.884

Tabla 4.3:

Los resultados finales para el ancho de dispersión del me y del 9°Zr se muestran
en la tabla 4.4.

Ancho de Dispersión Ancho de Dispersión Teórico (Mev)
Experimentall61(Mev) Nuestro Modelo Modelo de la ref. [23]

EEBlï’b 4.0 4.91 7.3
90Zr 4.0 5.27 6.0

Tabla 4.4:

Se observa que nuestro modelo sobrestima el ancho de dispersión en un 40%, pero
mejora la estimación de la ref.[23]que utiliza el mismo fonnalismo (NFT).

4.2 Ancho de Dispersión a Temperatura Finita

Un interesante y debatido aspecto de sistemas nucleares está relacionado con sus propie­
dades térnúcasl431l47ll69l.Este interés está relacionado con actividades experimentales
en tópicos tales como: reacciones profimdamente inelástica y fusión de iones pesados,
generando Resonancia Multipolares Gigantes a altas temperaturas2 que son pensadas
como vibraciones construidas sobre estados nucleares altamente excitados. Los núcleos
altamente excitados y con alto momento angular, generados en fusión y colisiones de
iones pesados, son estudiados a través de sus canales de decaimiento, en particular, el

2Mediante el modelo de gas de Fermi, se relacionan la energía de excitación (E‘) y la temperatura
nuclear E” = ÉTZ , donde A el el número atómico del núcleo compuesto.
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decaimiento 'y de estos núcleos excitados, incluyendo la observación de rayos 'y de tran­
siciones Dipolares Gigante, son medidas usando un gran arreglo de detectores. La teoría
de tales procesos es necesariamente estadística.

En sistemas nucleares térmicos se verifica la hipótesis de Brinklall que establece
que uno puede construir la Resonancia Dipolar Gigante sobre cualquier estado excitado.
En particular, se verifica en un núcleo compuesto a energía de excitación y momento
angular finitos. No obstante que existen distintas Resonancias Multipolares Gigantes la
más estudiada experimentalmente, a temperatura finita, es la Dipolar.

La forma de tratar el decaimiento de núcleos altamente excitados es utilizando el
modelo estadísticol601, el cual presupone que todos los grados de libertad del sistema
han alcanzado el equilibrio, o sea todos los estados a una dada energía de excitación,
momento angular total y paridad son igualmente poblados; y del cálculo de la reacción
inversa, mediante la utilización del Teorema de Balance Detalladolozl, uno puede inferir
la probabilidad de emisión de una dada partícula o de un rayo 7 por parte del núcleo.
Esta es la esencia del modelo de Bohr del núcleo compuesto, que es pensado como una
etapa intermedia en la reacción y que su modo de decaimiento depende de la conservación
de la energía, el impulso angular, etc. Este modelo fue usado para describir el núcleo
con energía de excitación del orden de decenas de Mev y el dominio de su aplicación
es extendido para considerar núcleos producidos con energía de excitación de cientos de
Mev.

Las colisiones nucleares con iones pesados tienen la propiedad de distribuir la energía
más eficientemente y de un modo uniforme entre los nucleones del núcleo compuesto. La
energía cinética transferida de los núcleos que colisionan es depositada en las excitaciones
internas y distribuida entre un gran número de gados de libertad del núcleo compuesto.
La energía transferida es acompañada con una yan transferencia de momento angular.
Esto contrasta con la utilización de protones, electrones y otros proyectiles elementales
que cuando transfieren una gran cantidad de energía la entregan a una porción reducida
de nucleones del núcleo blanco.

Cerca del estado fundamental el núcleo tiene estados discretos, el espaciamiento en­
tre los niveles depende de la energía de excitación, el momento angular y el número
atómico. Se pueden observar experimentalmente transiciones entre los distintos niveles
discretos y decaimientos de las Resonancias Multipolares Gigantes construidas sobre el
estado fundamental. A medida que aumenta la energía de excitación, cuando se supera
la energía de ligadura de los neutrones, los estados del núcleo pueden decaer por emisión
de una partícula, con lo cual los niveles adquieren un ancho. Además, se observa que
la densidad de niveles nucleares crece rapidamente con la energía de excitación, con la
consiguiente imposibilidad de distinguir entre niveles individuales, ni observar experi­
mentalmente transiciones entre ellos. Por lo tanto, una descripción estadistica de tales
sistema es adecuada, para lo cual es necesario realizar la suposición de que el sistema esta
en equilibrio estadístico: todos los estados a una dada energía, espín y otros números
cuánticos que se conserven son igualmente probables. El conjunto microcanónico es el
que describe tales sistemas cerrados y esta caracterizado por valores fijos de las variables
extensivas: energía, espín, número de neutrones y protones, etc. En la práctica es difícil
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utilizar este conjunto asi que se Io aproxima por el conjunto gran canónicol31i43¡,donde
las correspondientes variables conjugadas son fijas: temperatura, velocidad angular, po­
tenciales químicos, etc.

En esta sección, consideramos solamente aquellos sistemas, formados en fusión y
colisiones de iones pesados, a la suficiente energía de excitación como para que sea.
posible la descripción estadistica, o sea que todos los estados con la misma energia
de excitación son poblados con la misma probabilidad. Pero que no sea la energía de
excitación tan alta como para que decaiga por evaporación de partículas sin poder llegar
al equilibrio entre los grados de libertad del sistema, detectable experimentalmente ya
que la distribución angular de estas partículas evaporadas se vuelve anisótropa. A partir
de consideraciones teóricasilgl, dentro del formalismo de campo medio dependiente de
la temperatura, se indica que pueden existir núcleos compuesto hasta la temperatura
de 12 Mev, pero experimentalmente sólo se ha observado núcleos compuestos hasta los
5 Mevi24], apareciendo esta temperatura como un límite superior para la existencia de
núcleos compuestos.

Figura 4.10:

Los procesos que estamos discutiendo en la desexcitación del núcleo compuesto son
los que están explicados esquematicamente en la fig.4.10 . Donde se representa la energía
de excitación en fimción del momento angular. Después de la colisión de iones pesados
el núcleo compuesto es formado con cierta energ'a de excitación y con cierta distribución
angular. Este decae en varias etapas por emisión de partículas y por emisión de radiación
'y . En la región de alta energía de excitación el proceso más importante es la evaporación
de neutrones (3) el cual remueve z 10Mev de energía de excitación para núcleos con
A2100. Además, existe una intensificación de la emisión de radiación 7 que es observada
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mediante la extrapolación del modelo estaditico a esta región. Esta intensificación se
entiende como la emisión de fotones de alta energía correspondiente a la desexcitación
de la Resonancia Multipolar Gigante, construida sobre estados excitados, en el estado
compuesto y sus primeros núcleos hijos (4), que compite con la evaporación de nucleones
en esta región no ligada. Estos procesos enfrian al núcleo y lo acercan a la línea yrast,
pero no se llevan mucho momento angular. Cuando la energía de excitación remanente
está por debajo de la energía de separación del neutrón se observa decaimiento estadístico
de radiación 'y,mayormenteE1 pero con mezclade E2 y Ml Esto alimenta las bandas
paralelas a la línea yrast que produce una radiación 7 casi continua (1) que es la radiación
más intensa detectada en los experimentos y que es típicamente tres ordenes de magnitud
más grande que la desexcitación de la Resonancia Multipolar Gigante. También existe
un alto fondo de radiación cósmica la cual limita el análisis del espectro de alta energía
de la radiación 'y.

Varias aproximaciones a las propiedades termodinámicas de sistemas finitos han sido
desarrolladas. Están basadas usualmente en descripciones variacionales térmicas de los
sistemas, que da a las ecuaciones de la TDI-¡Fl6 l (aproximación de Hartree-Fock de­
pendiente de la temperatura) la aproximación de campo medio, la cual es la base del
cálculo microscópico. Cuando las correlaciones del estado fundamental son consideradas
se obtiene la asi llamada TRPAl‘wl (aproximación de la RPA a temperatura finita).

Información experimental proveniente del decaimiento de la radiación 7 del núcleo
compuesto, en particular en la región de las Resonancias Multipolares Gigantes, revelan
que la energ'a de las Resonancias Multipolares Gigantes es bastante independiente de la
energía de excitación, mientras que su ancho crece fuertemente a moderada energía de
excitaciónl "45'. Los estudios teóricos pueden reproducir exitosamente la independencia
de 1a energía con la temperatura, pero no han podido dar una explicación acabada del
fuerte incremento observado del ancho, y menos aún de la desaparición de los rayos 7
de las Resonancias Multipolares Gigantes que se observa a temperaturas entre los 4 y
5 Mev. Unos grupos interpretan que se debe a un efecto de saturaciónl24ll25ll27l de la
resonancia (fig.4.11), mientras que otrosl77l asumen que el ancho de las resonancias crece
fuertemente en esta reg'ión (N 3ERDG), de tal manera que no se la puede observar.

El ancho de dispersión de las Resonancias Multipolares Gigantes construidas sobre
el estado fundamental es el principal responsable del ancho, observado a temperatura
cero, para núcleos medios y pesados. Su extensión a temperatura finita fue realizada
en la ref.[22] utilizando el modelo de la función intensidad (sección 6.3), observaron
que el ancho disminuye ligeramente con la temperatura. Sin embargo, en dicho trabajo
formularon una serie de hipótesis que serán discutidas en la subsección siguiente.

El ancho de Landau y el de escape, para núcleos medios y pesados, dan una con­
tribución pequeña al ancho total (Sección 4.1) y son practicamente independiente de la
temperatura |61|. Sólo en la ref.[74]se muestra un aumento del ancho de Landau respecto
de la temperatura, pero fue realizado en un modelo esquemático, y no fue confirmado
por otros modelos más realistas.

Exiten varias razones que contribuyen al fuerte aumento del ancho de las Resonan­
cias Multipolares Gigantes a medida que aumenta la temperatura, tiene una dependencia
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Figura 4.11: Datos experimentales del 110Sn.

aproximadamente cúbica. Pero se ha indicado que existen dos factores principales para
dicho incremento: La fluctuación de la superficie nuclear y el momento angular trans­
ferido al núcleo, pero éstos por si solos no llegan a explicar los datos experimentales.

Las fluctuaciones térmicas de la superficie nuclear sólo refleja un aumento del orden
de TV2 . Reproducimos los argumentos esquemáticos de la ref.[46]para visualizar esta
dependencia, utilizando para ello un gas de Fermi. La entropía S = 2[a,(E —V)]l/2
depende de la deformación nuclear via la energía potencial V. Por simplicidad asumimos
V = kflz , siendo ,3 el parámetro de deformación. La probabilidad de encontrar al
sistema con una dada deformación es P (E, ,5) = es. La más probable deformación es la
que maximiza la entropía. Para núcleos esféricos la distribución tiene un pico a ,3 = 0
pero es ensanchada cuando aumenta la energía de excitación, como se ve expandiendo

la entropía como S = 2 (aE)1/2 (1 —É), entonces la distribución de probabilidad que
depende del parámetro de deformación es una distribución de gauss P (,3) = e’kfiz/T con

un ancho 1"= á (%)1/2, en la última derivación se usó la relación T = (E‘/a)1/2. Por
lo tanto, en ausencia de otros efectos el ancho debido a la fluctuación térmica aumenta
comoN

El otro efecto importante, citado como responsable en el aumento del ancho, viene del
momento angular transferido al núcleo compuesto. Esta rotación induce deformaciones
en el núcleo compuestoI68l lo cual es responsable del incremento del ancho. Aunque este
efecto existe, no es suficiente para explicar los datos, especialmente a bajas temperaturas
donde la deformación no es importante. A temperaturas altas el efecto de la deformación
esta limitado por el máximo impulso angular que puede sostener el núcleo compuesto
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Figura 4.12: Datos experimentales del lloSn. Los valores del impulso angular maximo
están en unidades de ñ.

antes de fisionarse. Por ejemplo, el impulso angular máximo que puede sostener el núcleo
de Sn es z 60ñ(fig.-l.12), esto sugiere que para energías de excitación superiores a 100
Mev el ancho de la Resonancia Dipolar Gigante no depende del espín, pero se observa que
aún se mantiene la curva de crecimiento del ancho de la Resonancia Dipolar Gigante por
arriba de esta energía (fig.4.11). Lo cual indica, por un lado que existe otros efectos que
no son ni las fluctuaciones térmicas de la superficie ni las deformaciones que contribuyen
al aumento del ancho de las Resonancias Multipolares Gigantes, y por otro lado que se
puede separar los efecto de temperatura de los efectos de momento angular, permitiendo
una investigación detallada de los mecanismos responsables del incremento del ancho de
las Resonancias Multipolares Gigantes.

En nuestro modelo trabajamos con núcleos esféricas, y realizamos una extensión al
cálculo hecho a temperatura cero del ancho de dispersión utilizando la discontinuidad
de la segtmda derivada de la fimción de Green, para estudiar los efectos que dependen
solamente de la temperatura.

En la sección 4.2.1, obtendremos las reglas para calcular las distintas permutaciones
temporales de la autoenergía, dependiente de la temperatura, de los diagramas vistos en
la Sección 4.1 y discutiremos la aproximación hecha en la ref.[22]. En la sección 4.2.2,
indicaremos como hay que realizar la sumas de diagramas relevantes para el cálculo
del ancho de dispersión de las Resonancias Multipolanes Gigantes a temperatura. finita,
y observaremos que se puede expresar en término de una interacción efectiva entre el
estado de un bosón y el de dos bosones.
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4.2.1 Cálculo de la Autoenergía

Vamos a evaluar en el conjunto gran canónico la autoenergía (F (7” —T’)) asociada con
la fig.4.l3, que es una corrección del orden 1/0 a la función de Green no perturbada
de un bosón, dentro el formalismo de Matsubara. Las reglas son las mismas que en el
cálculo de la autoenergía a temperatura cero excepto que las integrales son reemplazadas
por sumas sobre frecuencias discretas imaginarias ya que las funciones de Green en el
formalismo de Matsubara son periódicas (bosones) y antiperiódicas (fermiones) en el
intervalo [—fl,,6], como fue puntualizado en el Capitulo 2.

Figura 4.13:

F(T"-T’)= z V(1,2;A)V(3,4;A)V(2,3;GR)V(1,4;GR)/ dnd-rg
1.2.3.4.A

(4.41)

Go (1; T2 — T’) Go (2; T" —72) Go (A; 12 — T1) Go (3; T1 — T") G0 (4; T’ — T1)

donde las sumas se realizan sobre todos los estados intermedios posibles de fermiones
y bosones, siendo V(i. j; A) la intensidad de la interacción entre los grados de libertad
de fermiones y bosones. Para el caso de una fuerza separable isoescalar-isovectorial
(Capítulo 3) vale

14:31:03) = —X AfiM’ (14:01?) (4.42)
P

donde A5,y Mp(i, j; GR) se definen como en el Capítulo 3, y la suma se debe hacer
sobre neutrones y protones.

Definiendo las funciones de Green3 de partícula libres y su tranformada de Fourier
como [ec.(2.52)]

3Consideramos ñ = l.
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Go (i; T) = —(1 —m) e-(“"")Tü (T) + nie-("flow (-T)

(-1.43)
1 1 ­= _ -tpn'r
.3 pz" ipn - Eie

donde ,3 = l/kBT (T es la temperatura), pn = % (con n = impar), E,-= si —¡,L(5,-es la
- —1

energía de partícula independiente y ,u es la energía de Fermi), y n,-= (6’35‘+ 1) es el
número de ocupación ferr_niónico.Definiendo la ftmción de Green de bosones libres y su
transformada de Fourier”)7| como

Go (A;T) = —[(1 + nm)5”” + nwewv] 0 (T)

—[num-“"1+ (1 + n“) e“”*T]0(-T)

_ 1 1 1 —ik,.r

‘ ¿xika —ui ikn+ui)e

donde wi es la energía del bosón, A es la multipolaridad, kn = % (con n = par) y

n,\ = (96” —1) l es el número de ocupación bosónico. La existencia de dos términos
en la ecuación anterior se debe a que el estado intermedio puede ser formado por la
creación o la aniquilación de un bosón. Expresando la autoenerg'ía en término de las
transformadas de fourier de las fimciones de Green de partícula libre y de bosón libre se
tiene

1

F(-r"—T') =_ 5 2X3:AV(1,2;A)V(3,4;A)V(2,3;G’R)V(1,4;GR)1, , .4.

Á e-ipfl¡(12-TI) e—ipn2(T"-TQ)e’iPNJÜ'I-T")z dnun. .. . .. . e1pm - 51 1’an " 52 1pm - 53pn! 'pn2 vpflaan4 kn

¿pum :n) 1 _ . 1 )e-ikn(1'2-TI) (4.45)sz —E4 ¡kn ‘ “¡A 1k" _ w"

integrando en los tiempos intermedios, utilizando para ello la identidad

a

/dTe—iT(k¡-kj—kl) = fiókhkfik‘ (4.46)
o

y redefiniendo las variables independientes queda
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1

F(T” —TI) = —3 V(1,2;z\) V(3,4;Á)V(2,3;GR) V(1,4;GR)
'3 l.2,3.4.A

e-ikn(T"-‘r') 1 1 1

pulp“? kn ipm - El ¿PM _ €21.17!”- ¿kn - E4¿PM - ik‘n " E3

1 1

(. . — . . ) (4.47)2pm _ 1pm _ “¡A ¡PM - 1pm + “¡A

evaluando las sumas sobre las frecuencias impares

1 4 _ ni 1
fi p"l =impar ¿pnl _ Ei 2

1 l 13 —..k __= —5
' Pn1=impnr 1pm _ z n _ si

1 1 n +- '.——.-— = w ­
¡3p“l :impar ¡pnl _ 1k" + “A 2

con lo cual la autoenergía de la fig.4.13 resulta

1 e-ikn(1'“—r')
F(T”—1’): ,- 2 — z V(1,2;A)V(3,4;A)V(2,3;GR)V(1,4;GR)

'3 kn=par 2 1.23.4)

{[(1- n1)(1+ nd) + nlnw] (2112—1) [(1- nl) (1 + n“) + 11112,](2n3—1)(¿kn + E41)(-ikn + 523)(¿'21- w,\) (¿kn + E41)(ikn + 532) + 531- JA)

. (-) [nlnu - (1 - "1) (1+ nd] _ [(1- "4) (1 +77“)+ mm] (2712-1)
Twin + 541) (512 + uu) (ikn - ¿“'13- WA) (ikn + E41)(¿kn - 523) (ikn - 524 + WA)

[(1- 114)(1 + nu) +714an (2113—1) _ [nmw —(1 —n4) (1 + nw)]
(¿kn + 541) (¿kn + 532) (534 - WA) (¿kn + 541) (¿kn + 542 + wx) (543 + dx)

(4.49)

. [(1- "1) nu + n1("w + 1)] (2712- 1) [(1 - "1)nw + 711(1 + MH (2713- 1)
T (ikn + 541) (-ikn + 523) (521+w,\) (¿kn + 541) (ikn + ¡532)(ikn + 531+JJA)

. (_)[nl(1+nu)-(1-nl)nw] _ [(1-"4)nu+n4(1+nw)] (2712-1)
T(ikn + E41) (512 - uJA)(¿kn - ¿“'13+ WA) (ikn + 541) (ikn - 523) (¿kn - ¿“'24- uu)

[(1 —n4) nd + n4 (1 + nu)] (2123—1) _ [n4 (1 + nw) —-(1 - n4)nw]
(¿kn + 5'41)(ik'n + 532) (534 + wx) (¿kn + E41) (¿kn + E42 - WA)(543 - WA)

donde kn = % (con n par) pues es la autoenergía de un bosón, EÜ = E,-—EJ-y los
últimos seis términos son iguales a menos los primeros seis si se realiza el intercambio de
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w; —>—w,\, con lo cual nu, -’ - (nu + 1). Note que la aparición de números de ocupación
bosónicos es consecuencia directa de tratar a todas las vibraciones como bosones, como
sucede en la aproximación de la RPA.

Trabajar con la autoenergía asi expresada y extraer información de ella no resulta
sencillo, pues los diferentes diagramas están sumados entre si y no se los puede visualizar
en forma independiente, con la consiguiente imposibilidad de distinguir los procesos
relevantes para el cálculo del ancho de dispersión, tal como fue hecho en la Sección 4.1.
Por ello, es útil reescribir la ec.(4.49) para obtener los 4! términos posibles que surgen
de las distintas permutaciones temporales de las interacciones en la autoenergía de la
fig.4.13, además de considerar las dos posibilidades que existen debido a que se puede
crear o aniquilar un bosón intermedio, dando en total 48 términos

F(T" —T’) = í z e-ikn(*“-T'> Z: V(1,2;A)V(3,4;A) 142,3; GR) V(1,4;GR)
kn=par l,2,3,4,A

[(1- nl) (1 - "2)713714(1 + nu) - "1712(1 - 713M1- 714)”..¡1
(¿kn + 541)(¿kn - E23)(ikn - 513- wa)

J [(1 - "1) (1 - n2)"a (1 - "4) (1 + nu) - 711712(1 - "3)n4nwl
T (ikn - 513 - WA)(¿kn - 523)(543 +wx)

l [(1 —n1)n2n3n4 (1 +71“) —nl (1 —77.2)(1- 713)(1 —n4)nw]
T (ikn - 514)(ikn - 513- WA)(512+w,\)

l [n1(1—- n2)n3n4nw —(1 —n¡)n2(1— 113)(1 —n4) (1 +nw)]
T (ik'n - 523) (¿kn - 524 +WA) (¿521- WA)

. [(1- "1) (1 - "2) (1 - ns) "477w- 711712113(1 - 714)(1 + "Jl
T (¿kn - 514) (¿kn - 524 +uJA) (534 - WA)

. [(1- n1)(1- 71071371471“;- 711712(1 - 713)(1 - "4) (1 + 7722)]
T (¿kn - 3100751. - ¿'24+ wi) (¿kn —523)

l[nl (1 —n2)n3 (1 —11,4)(1 + nu) —(1 —n1)n2 (1 —n3)n4nw]
T (514 - 5'23) (E43 + WA)(ikn - ¿514)

l [711(1 - 712)"3(1- "4) (1 + nu) - (1 - n1)n2 (1 - 713)MM]
T (514 - 523) (543 + WA)(-ikn + 523)

l [(1 —nl) 77,2713(1 —n4) (1 +nu) - n1(1— 77.2)(1 —n3)n4n,_.,]

T (E43 + WA)(512 + WA)(ikn - 513 - WA)

l [(1 - nl) 712113(1 - 714)(1 + nu) - n1(1- n2)(1— 17,3)7I4nw]
T (¿’43+ WA)(512 + wa) (-ikn - 542 - WA)

[(1 - 710712(1 - na) "4 (1 + nm) - n1(1- nz) "3 (1 - 114)no]
(523 + 541) (521 - WA)(ikn - 514)

lT
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+ [(1- "1)712(1 - "alma (1 + nm)- n1 (1 - n2)"3 (1 - "4)nwl}(523 + E41) (521 - WA)(-¿kn + 523)

—{lo mismo cambiando u; —>—w,\ con lo cual nw —>—(1 +

donde cada uno de los términos representa un diagrama que se obtiene como una per­
mutación temporal del diagrama original (fig.4.13).

Como resultado del cálculo anterior y de los cálculos realizados sobre la autoenergía
de los diferentes diagramas que se muestran en la fig.4.15 . Se observa que la construcción
de cada permutación temporal sigue reglas bien definidas:

o El numerador de cada término tiene en cuenta los números de ocupación de fermio­
nes y bosones, y se construye simplemente observando la circulación del diagrama.
O sea, por cada partícula que exista en el diagrama va un factor proporcional al
número de ocupación (1- m) y por cada agujero un m, mientras que para los
bosones cuando son creados en el estado intermedio se lo representa como una
flecha que corre en el sentido del tiempo y se agrega un número de ocupación
(1 + nu) , y cuando en el estado intermedio los bosones son aniquilados la flecha
va en sentido contrario al tiempo y tiene un número de ocupación nu. Además
de este numerador siempre existe otro que se construye invirtiendo totalmente la
circulación del anterior, o sea, las que eran partículas pasan a ser agujeros, y vice­
versa, y los bosones que eran creados pasan a ser aniquilados, y viceversa. Entre
estos dos numeradores existe un signo dependiendo del número de estados inter­
medios que exista. Cuando existe un número par de estados intermedios entonces
los dos numeradores se suman y cuando existe un número impar se restan.

Los denominadores de energía siguen la regla clásica de construcción de denomi­
nadores que utiliza la NFT, o lo que es lo mismo, la que surge de la teoría de
perturbaciones de RS. O sea, el denominador se construye como el producto de
los denominadores de los estados intermedios, donde cada uno surge de restarle a
la energía del estado inicial la energía del estado intermedio. Teniendo en cuenta
que cuando el bosón es creado en el estado intermedio la energía w; es positiva y
cuando es aniquilado es negativa.

Hay que agregar un signo a cada permutación temporal cuando existe una cantidad
distinta de vértices de dispersión de partículas y agujeros respecto del diagrama
original, que se uso para obtener la autoenergía.

Por ejemplo, el segtmdo término de la ec.(4.50) representa las permutaciones tem­
porales de la fig.-l..1-Ly se lo puede construir simplemente siguiendo las reglas antes
detalladas.

En el cálculo de ancho de dispersión, en término del Modelo de la Función de Inten­
sidad, que realizaron en la ref.[22]de los 48 posibles témiinos que surgen de las distintas
permutaciones temporales de la autoenergía de la fig.4.13 sólo consideraron el primero
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Figura 4.14: El segundo diagrama se construye como una rotación del primero

y el sexto término de la ec.(4.50), conjuntamente con los términos que surgen de éstos
cuando en el estado intermedio se realiza el intercambio de “2A—>—uJ,\. Las restantes
permutaciones temporales de la autoenergía no las tienen en cuenta, argumentando para
ello que todas éstas incluyen vértices atrasados del tipo de los que permite la RPA, y
que estos son sólo importantes si los estados son muy colectivos teniendo, por lo tanto,
una amplitud de retraso (Yki) muy grande.

La anterior suposición implica despreciar la variación que sufi'en los números de
ocupación fermiónicos cuando varia la temperatura, trabajando con los números de
ocupación fermiónicos de temperatura cero. Al afirmar que los números de ocupación
fermiónicos no influyen se está implícitamente suponiendo que las configuraciones, que
surgen a temperatura finita, de partícula-partícula y de agujero-agujero son desprecia­
bles. Esta suposición implica hacer el reemplazo en la autoenergía [ec.(4.50)] de

(1_nl)v(1_n2)1n3vn4-"1
con lo cual, desaparecen las permutaciones que incluyen vértices retrasados, y se llega a

F(T"_T')=% z e-íkn<*”-T’>z v(1,2;A)V(3,4;A)V(2,3;GR)V(1,4;GR)
‘ kn=par 1.2.3.4)

(4.52)

{ (1+ nu) + nu(ikn + 541) (¿kn - 523)(¿kn - 513 - WA) (ikn - 514)(ikn - 324+ WA)(ikn - 523)

n“, + (1+ nu) }(ikn + E41)(ikn - 523) (ik‘n - 513 + WA) (ikn - 514) (ikn - 524 - WA)(ikn - 523)

que es la ec.(17) de la ref.[22]4 y con esta ecuación realizan el cálculo del ancho de
dispersión de la Resonancia Cuadrupolar Gigante del 208Pby de la Resonancia Dipolar
Gigante del 9°Zr, utilizando el Modelo de la Función Intensidad, y observan que tiende
a disminuir ligeramente con la temperatura.

4Existe un signo de diferencia con respecto a la ref.[22], esto se debe a que en dicha referencia el
bosón está invertido (temporalmente) con respecto al bosón de la fig.4.13, lo que provoca una fase global
(ec.4.44).

71



4.2.2 Suma de Diagramas

La suma de diagramas para el cálculo del ancho de dispersión a temperatura finita
requiere trabajar con las distintas permutaciones temporales de la autoenergía, no se
puede realizar el cálculo de la misma forma en que fue hecho a temperatura cero, ya
que en este caso entran en juego los números de ocupación fermiónicos y bosónicos
impidiendo una suma.directa de diagramas. Tampoco se pueden simplificar los números
de ocupación fermiónicos (como fue hecho en la ref.[22]) pues implica despreciar las
nuevas configuraciones que aparecen cuando la temperatura es finita.

No obstante, los diagramas que consideramos para el cálculo del ancho de dispersión
deben cumplir los requisitos que se expresaron en la Sección 4.1. Es decir, que deben
existir dos interacciones de dispersión que cambian el número de bosones o de partícula­
agujero en uno respecto del estado inicial o final y éstas deben actuar entre la aniquilación
del bosón inicial y la creación del bosón final.

Observamos como en el caso de temperatura cero que los diagramas relevantes para
el cálculo del ancho de dispersión de las Resonancias Multipolares Gigantes pueden ser
interpretados como el cuadrado del elemento de matriz efectivo entre el estado de un
bosón y el estado de dos bosones. Sólo que a temperatura finita este elemento de matriz
efectivo depende de los números de ocupación fermiónicos, mientras que los números de
ocupación de los bosones se encuentran factorizados respectos de éstos y no forman parte
del elemento de matriz sino que están relacionados con el propagador intermedios de dos
bosones.

Para realizar el cálculo del ancho de dispersión consideramos la autoenergía de los
diagramas que se presentan en la fig.4.15 ,que son del orden á , siendo los mismos
que consideramos a temperatura cero. Estos diagramas están relacionados entre si ob­
servando simplemente como se escribe el bosón de la RPA (fig.4.16) en término de su
ecuación de Dyson [ec.(4.53)].

G(A;T) = G'o(l,2;T)613624+/dT3Go(1,2;T3)V(1,2,3,4)Go(3,4;T—T3)+
. (4.53)

/d-r¡d'rgGo (1,2; T1)V(1,2;/\)G(/\;Tg —T1)V(3,4; A)Go (3,4; T —72)

donde Go (i, j; T) es la función de Green de partícula-agujero que se define como

GoÜïJÏT)=<1—m)nJ-e-¿"WM + m(1- nj) e-“i-Efl’u-r) (4.54)

Es interesante notar que los números de ocupación fermiónicos y bosónicos se pueden
factorizar si se suman convenientemente los diagramas.

Como ejemplo para entender como se realiza la suma de diagramas a temperatura
finita, suponemos que consideramos el caso en el cual no hay dos estados fermiónicos
iguales, entonces se tiene que considerar solamente la autoenergía de los diagramas que
incluyen dos triángulos (fig.4.15c,d,e,f). Las sumas de las distintas autoenergías no
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Figura 4.15:

se hacen término a término, sino que hay que fijarse en las distintas permutaciones
temporales y Seleccionar aquellas permutaciones que tengan los números de ocupación
fermiónico que nos interese analizar, independientemente de los números de ocupación
bosónicos que posea.

Por ejemplo, vamos a analizar las permutaciones temporales de la autoenergía que
posean los siguientes números de ocupación fermiónicos 711712(1 —123)724115(1 - ns) y las
permutaciones que se obtienen de intercambiar partículas por agujeros y viceversa, y
la de intercambiar los bosones que eran creados en el estado intermedio por lo que son
aniquilados, y viceversa.

Ninguna de las permutaciones temporales de la autoenergía del diagrama de la
fig.4.15c contiene estos números fermiónicos, por lo tanto no debe ser considerado. De
la autoenergía de la fig.4.15d son 3 las permutaciones temporales que contienen estos
números fermiónicos, donde el valor de cada pennutación se obtiene de usar la regla
expresada en la sección anterior, siendo la suma de estas igual a.
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É Z: e-ikn(T“-T'> z V(1,3;GR)V(6,5;GR)V(2,3,4,5)V(1,2;A1)V(4,6;/\1)
' kn=par 1.2,3,4,5,6,A1

{[n1n2(1— n3)n4n5(1— mon“,l + (1 —n¡) (1 —n2)n3 (1 —n4)(1— n5)n6 (1 +nwl)](¿kn - 565) (¿kn - 513) (¿kn - ¿“'23- w1)(546 + WI)

(4.55)

l[111112(1 —n3)n4n5 (1 —n45)(1 +11“) + (1 —n1)(1— n2)n3 (1 —114)(1 -—n5)n5nul]}T (¿kn —ass) (¿kn —513) (ik-n —523 + w1)(€46 —-ul)

Figura. 4.16:

Del diagrama de la fig.4.15e son 3 las pennutaciones temporales que contienen estos
números fermíóm'cos y la suma de estas vale.

Z e-¿kn (1'"—1")
kn =par l.2,3,4.5,6,A2

_1.

fl

{[nln2 (1 —n3)n4n5(1- ns) (1 + nm) + (1 - nl) (1 —"2) "3 (1 - "4)(1' "5) nónwz](ikn —555)(ikn -€13)(ikn - 564- wz) (532+w2)

v(113; v(615; 2142 3; 5;A2)

(-1.56)

. [711712(1 - "3)n4ns (1 - "6)nu2 + (1 "711) (1 -n2)n3 (1 - "4) (1 - "5)"6 (1 +nw2)]}(1kn - 665) (¡kn —613) (1kn - 664 + wz) (632 - ua)

Del diagrama de la fig.4.15f son 20 las permutaciones temporales que contienen estos
números fermiónícos y la suma de estas vale.
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V(1,3;GR) V(6,5,GR) V(1,2;A1)
z z

kn=par l,2.3.4.5,6.A¡,A2IBI“

1

V(4,6;A¡) V(2,3;,\2)V(4,5;,\2) (¿kn¿“WM ¿”Wish NJ] a”)

(4.57)

{711712(1 —"3)n4n5 (1 -n6) (1 +nw2) + (1 -n1) (1 - "2) na (1 -n4) (1 - "5) 776m2(ikn - 564- wz) (532+ wz)

+n1n2(1— na) n4n5 (1 —n6)n‘.Jl+ (1 —n1)(1— n2)n3 (1 —n4)(1— n5)ne (1 +nd¡)}(ikn -É'z3 —w1)(545 +uJ1)

- {lo mismo ambiando ul —>-a.)1} —{lo mismo cambiando ¿uz—>—u2}

+{lo mismo cambiando w1-> —w¡ y wz —>—w2}

Una manera de poder sumar las ecuaciones anteriores es utilizando las reglas de
sumas que verifican la. solución de la RPA cuando la fuerza es separable (Sección 6.2),
que relaciona los elementos de matriz fenniónicos con los elementos de matriz entre
partículas y bosones. Esto se expresa genéricamente, para cualquier fuerza separable,
como

v (i, j, k, l) = —EA:v (i, j; A)v (u; A) E 1 (4.58)¿j -Ld,\ _ gg +u),\

donde la suma se realiza sobre todas las raices wi de la RPA de multipolaridad A, y es
válida para todo estado de partícula-agujero i, j.

Reemplazando los elementos de matriz fermiónicos que corresponda en las ec.(-L56)
y ec.(4.55), y realizando la suma de las distintas autoenerg'as obtenemos lo siguiente

1 [(1+nw,)(1+nw2)-nulnw2]
(ikn —ul —wz)

z: e-ikn(-r”—'r')
kn =par l.2,3,4,5.6.A¡,A2

(4,5;A2)V(6,5,GR)V(4,6;z\1) V(1.3;GR)V(1,2;/\1) V(2,3;z\2)
(ikn - 565)(564- wi) (523- wz) (ikn - 513)

<m

(4.59)

[(1- n1)(1- nz) "3 (1 —"4)(1- "5)716+ "1712(1 - "3)n4n5 (1 - 716)]

- {lo mismo cambiando w1—+—u1}-{lo mismo cambiando ¿ug-v —..22}

+{lo mismo cambiando w1—>—u1 y u2—> —u)2}
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observando que en esta suma se separan los números de ocupación fermiónicos de los
bosónicos.

Si además realizamos un análisis similar a este pero invirtiendo la circulación de las
partículas de uno de los triángulos y la sumamos con la anterior se observa que la ex­
presión final para la autoenergía, considerando solamente las perrnutaciones temporales
que contienen los números de ocupación elegidos, queda

1 ‘ II I
_ e-tkn(‘r -1')a X

kn =par 1.2.3,4.5,6,,\1 ,Ág

[(1+ nun)(1+ nun) ’ "wlnwzl
(¿kn - “¡1‘ “2)

[711712(1 - na) - (1 - n1)(1- n2)nsl v (1,3;912) vall/h) 13(2’3;A2)
(623- w2)(1kn - 613)

(4.60)
V(4,5;A2)V(6,5,GR)V(4,6;A¡)

[7147150-n6)-(1-n4)(1-n5)nsl (¿kfl_€65)(564_wl)

—{lo mismo cambiando wl —>—w1} —{lo mismo cambiando ug —>—w2}

+ {lo mismo cambiando w] —>—w¡ y ug —>—w2}

donde en esta expresión se observan claramente tres factores bien diferenciados. El
primero, esta relacionado con el propagador de los dos bosones intermedios que depende
de la energía y de los números de ocupación de dichos bosones; y los otros dos factores
siguientes, representan el elemento de matriz efectivo entre el estado de un bosón y
el de dos bosones, que están asociados a diagramas del tipo triángulo, teniendo una
dependencia en los números de ocupación fermiónicos de las partículas (agujeros) que
los forman, contabilizando las dos posibles circulaciones de dichos triángulos. Los demás
términos, que aparecen en estos dos factores, están relacionados con las amplitudes que
definen los bosones de la RPA y con el vértice de dispersión que aparece en los triángulos.

Este resultado se generaliza a otros, en los cuales se analizan distintas permutaciones
temporales que tienen los mismos números de ocupación fermiónicos, llegándose a una
expresión similar a la ec.(4.60) que manifiesta la misma separación en tres factores bien
identificables.

Para calcular el ancho de las Resonancias Multipolanes Gigantes necesitamos conocer
la ñmción de Green de tiempo real, para poder aplicar el método de la discontinuidad de
la segtmda derivada (Sección 2.1.3). Para ello, realizamos la continuación analítica de la
función de Green, en el formalismo de Matsubara, que nos permite obtener la de tiempo
reall57l sinplemente cambiando ik,1—>kn + in , siendo n un parámetro infinitesimal.

Cuando se realiza la discontinuidad de la segunda derivada de la función de Green
se elimina el propagador intermedio de dos bosones, obteniéndose la siguiente expresión
para el ancho de dispersión de las Resonancias Multipolanes Gigantes a temperatura
finita
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a2=uí2’= X {wnmulnmnznz¡(nm+1)(nw2+1>—nmnw21
Al-"lvAQvnz

(4.61)

+ “o I HI [Aln11A2n21A’AnH? [(nuu +1)(nw2 + 1) _ nwxnd21}

la suma se extiende sobre todas las raices de los bosones intermedios y cada uno de los
términos se visualiza diagramáticamente en la fig.4.17.

(a) (b)

Figura 4.17:

Cada elemento de matriz efectivo, a temperatura finita, entre el estado de un bosón
y dos bosones para un núcleo compuesto se expresa como

(Anl HIA1n1,A2n2>= z {[X}L;>(A1)X}3L<A)+n33;><xl)13233m]
Jl ,12 ¡JG

A533) (A?) [(1 - nl) 712713- n1(1— nz) (1 - 113)]+ X5271}?(A2)

(4.62)

VX}? <on37; (A) [n1n2(1 —na) —(1 —n1)(1— "2)7131}

‘/2,\1+1‘/2,\2+1(—)J‘+”+*2+*{ A ’\‘ A2} 1+6“2J3 32 .71
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<0I menzwn>= Z {[Xázwlmí'w)+XázL<A>n23;’<A1>]
JIJ2113

“212302) [(1 - nl) "2713 —n1(1— 71.2)(1 —713)]+ y}??? (A2)

(4.63)

XR? (A1) A532 (A) [711712(1 - "3) —(1 - n1) (1 - 712)nal}

3392 .71AMA2}1+6“,
donde todos los términos posibles son los que están representados en la fig.4.18 consi­
derando, además, el intercambio de los bosones intermedios entre si y la suma es sobre
todos los niveles de fermiones que incluye además de la excitaciones de partícula-agujero,
las de partícula-partículay las de agujero-agujero.X (A), (A)son las amplitudes
que definen el bosón de la.RPA a temperatura finita, mientras que el vértice de dispersión
esta dado por

A5720)= z:[xéïgáunmIvmnngí’mxnmIvIa’m] (4.64)
11.j2

es importante notar que el elemento de matriz de dispersión cambia.de signo dependiendo
de si el nivel J corresponde a una partícula o a un agujero, esto provoca que exista
una pan cancelación en la suma diagramática como sucede a temperatura cero. Las
expresiones explícitas para las amplitudes que definen los bosones de la RPA y el vértice
de dispersión, cuando se trabaja con una interacción separable isoescalar-isovectorial a
temperatura finita, están dadas en el Capítulo 3.

Cuando la temperatura va a.cero se reobtiene el ancho de dispersión calculado en
la Sección 4.1 [ec.(4.35)], simplemente realizando el límite de T —>0 en la ec.(4.61),
donde los números de ocupación fermiónicos verifican: (1 —m) —>1 (para partículas) y
n,- —>1 (para agujeros); mientras que los bosónicos nu, —>0. Sobreviendo solamente las
excitaciones de partícula-agujero.

4.2.3 Resultados

Aplicamos nuestro modelo al cálculo del ancho de dispersión, dependiente de la. tempe­
ratura, de la Resonancia Dipolar Gigante 1‘ del 208Pby del 9°Zr, para temperaturas
entre los 1 y 5 Mev. Estos cálculos resultan ser una extensión de los cálculos hechos a
temperatura cero (sección 4.1).

En los distintos cálculos teóricos la temperatura (T) es un parámetro que caracteriza
la energía de excitación del núcleo. Los experimentos no determinan la temperatura, no
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Figura 4.18:

es un observable‘ pero si lo hacen con la energía de excitación (E'). Se puede relacionar
la E‘ con T mediante el modelo de partícula independiente

E’ (T) = zejnj (T) —ze,- (4.65)

donde Ej son las energías de partícula independiente de temperatura cero y nj (T) es el
número de ocupación fermiónico del nivel j a la temperatura T. Se mostrólssl que los
valores de E’ obtenidos usando esta expresión coinciden con buena exactitud con los
cálculos de H-F dependiente de la temperatura. Cuando la temperatura no es muy alta
se puede usar el modelo de gas de Fermi para relacionar la E‘ con la T pues se obtienen
los mismos resultados que usando la ec.(-4r.65)l4'.

E‘ z aT2 (-1.66)

donde a,es el parámetro de la densidad de niveles que típicamente es a z A/ 8 Mev‘l.
Cálculos térmicos de H-Fllsl muestran que las energías de partícula independiente

dependen muy debilmente respecto de la temperatura. Por lo tanto, en nuestros cálculos
usamos las energías de partícula independiente y funciones de onda del oscilador de
temperatura cero. Como asi también utilizamos los parámetros de la intensidad de la
fuerza isoescalar-isovectorial ko,k1 k’ de temperatura Cerolzsl.

Lospotenciales químicospara protones y neutrones son ajustados a cada temperatura
para que conserven en valor medio los respectivos números de partículas, es decir.
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(N) = z ni” , (P) = z nj, (4.67)
jyeu jwen

A continuación mostramos, como ejemplo (tabla 5.1), como varían la energía de la
Resonancia Dipolar Gigante 1’ y los potenciales químicos para neutrones y protones
[ec.(4.67)]del me como función de la temperatura.

T=1 T=2 T=3 T=4 T=5
mana 14.06 13.85 13.63 13.41 13.22

yn -0.37 -0.64 -1.01 -1.50 -2.10
[.LP -0.30 -0.55 -0.97 -1.54 -2.27

Tabla 5.1: Los resultados y las temperaturas están en Mev.

Se muestra en la tabla 5.2 la Regla de Suma de Energías (Sección 6.4) del me en
función de la temperatura para los distintos bosones de la RPA.

A“ T=1 T=2 T=3 T=4 T=5
0+ 2.723102 2.612162- 2.443102 2.26a:162 2.082102
1- 1.102103 1.092103 1.063103 1.022103 .97a,-103
2+ 2.212103 2.172103 2.092103 2.001103 1.902103
3- 3.9225103 3.862103 3.743103 3.593103 3.412103
4+ 6.252103 6.122103 5.932103 5.682103 5.392103
5- 7.382103 7.222103 6.992103 6.682103 6.332103

Tabla 5.2: Los resultados están en Mev spu y las temperaturas en Mev.

En la tabla 5.3 se muestran los resultados parciales del ancho de dispersión de la
Resonancia Dipolar Gigante 1- del me dependiente de la temperatura [ec.(-l.61)],
para los distintos bosones intermedios, de los diagramas de la fig.4.17.

BosonesIntermedios T=1 T=2 T=3 T=4 T=5
xl A; B1 132 B1 132 B1 Bz B1 132 B1 B2
1‘ 0+ 0.43 0.06 0.37 0.04 0.32 0.03 0.31 0.03 0.31 0.03
2+ 1‘ 3.18 0.58 3.19 0.66 3.06 0.63 3.14 0.61 3.24 0.57
3‘ 2+ 5.12 1.08 6.00 1.48 6.68 1.60 7.08 1.72 9.23 1.71
4Jr 3‘ 5.65 1.35 6.70 2.09 7.71 2.31 9.32 2.36 11.48 2.31
5’ 4+ 5.92 0.90 6.09 0.99 6.59 0.97 8.02 1.00 10.85 1.04

Tabla 5.3: Contribución al ancho de los diagramas de la.fig.4.17a y b (Bl y B2).
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Los resultados finales para el ancho de dispersión de la Resonancia Dipolar Gigante
1’, en función de la temperatura, del me y del 90Zrse muestran en las figuras 4.19 y
4.20 respectivamente.

I ECSevIy HMSfiINf.[64]

N I

b l

U

Aminú:Dbpenlon[Mev]

I

J
I I I

1 2 3 4 á

Temperatura [Mev]

Figura 4.19: Ancho de dispersión de la R.D.G. para el me.
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Figura 4.20: Ancho de dispersión de la R.D.G. para el 90Zr.
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Capítulo 5

Conclusiones

Existen diferentes aproximaciones para evaluar el ancho de dispersión de las Resonancias
Multipolares Gigantes, pero para la mayoria de ellas la física es muy similar: El ancho de
dispersión es debido a la mezcla entre un estado coherente de partícula-agujero con con­
figuraciones cercanas más complicadas. En general, para calcular el ancho de dispersión,
se utiliza el Modelo de la Función Intensidad que contiene un parámetro finito ajustable
A determinado normalmente en forma empírica.

Es bien conocido que si las correlaciones del estado fundamental no son consideradas
entonces el ancho de dispersión puede ser evaluado en término de la mezcla entre la
Resonancia Multipolar Gigante y el estado de 2particulas-2agujeros (ver por ejemplo la
ref. [38]).

El problema se complica enormemente cuando las correlaciones del estado fimdamen­
tal son consideradas. En nuestro modelo las correlaciones del estado fundamental son
tomadas en cuenta por medio de un hamiltoniano efectivo que acopla el estado de un
bosón a estados de dos bosones. En la ref.[66]esta aproximación fue usada para obtener
una relación de dispersión efectiva para el estado colectivo. De esta manera no sólo se
calcula el ancho de dispersión sino que también el ancho de Landau es incluido en una
manera natural. Otra posibilidad es considerar un estado de partícula-agujero vestido
que incluya configuraciones más complicadas que las usualmente contenida en la RPA
(ver el tratamiento desarrollado en la ref.[53]).

En este trabajo- propusimos una simple versión para el ancho de dispersión de las
Resonancias Multipolarcs Gigantes correspondiente al primer orden no nulo (en potencias
de en el formalismo de la NFT. Para realizar el cálculo utilizamos (generalizando el
modelo de Baranger) la discontinuidad, a tiempos cortos, de la segunda derivada de
la función de Green del bosón vibracional construido en la aproximación de la RPA
que permite definir un elemento de matriz de mezcla efectivo, adelantado y atrasado
para la RPA, que incluye las fluctuaciones del vacio y que además tiene la ventaja de
no agregar ningún parámetro ajustable. Consideramos los estados intermedios de las
siguientes configuraciones: las de 2partículas-Zagujeros, las de lpartícula-lagujero y un
bosón colectivo, y las de dos bosones colectivos. Además de tener en cuenta todos los
diagamas al orden ¡.13(compatible con el modelo de Baranger) que contribuyen al ancho
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de dispersión, a.diferencia de las ref.[14][23]que utilizando el mismo formalismo y usando
una base mezcla, de estados de lpartícula-lagujero con un bosón colectivo de la RPA,
sólo consideran algunas permutaciones temporales.

Nuestro modelo sobrestima el ancho de dispersión en 40% pero mejora la estimación
de la ref.[23]. Observamos que la contribución al ancho de dispersión del diagrama de
la fig.4.9b (surge debido a que la RPA permite vértices retrasados) no es despreciable,
siendo generalmente un 20% de la contribución del diagrama de la fig.4.9a; y que todos
los bosones intermedios que se mezclan con la Resonancia Dipolar Gigante contribuyen
al ancho de dispersión (tabla 4.3) en forma relevante.

Como una continuación natural evaluamos el ancho de dispersión de las Resonancias
Multipolares Gigantes como fimción de la temperatura dado que los datos experimentales
lo permiten. Utilizamos para el cálculo, la discontinuidad de la seglmda derivada de la
función de Green del bosón vibracional dentro del formalismo de Matsubara. La ex­
tensión del ancho de dispersión a temperatura finita requirió la suposición de reemplazar
un sistema individual, cada uno en un estado de definida energía y número de partícula,
por el conjunto gran canónico del núcleo con la consiguiente aparición de los números de
ocupación fermiónicos y bosónicos que complicaron considerablemente la obtención y la
suma de diagramas relevantes para el cálculo del ancho de dispersión.

Se sugiriól25l que existen dos factores principales para el fuerte incremento del ancho
total con la temperatura: las fluctuaciones de la superficie nuclear y el momento angular
transferido, pero éstos por si solos no explican los datos experimentales principalmente en
la región de bajas y altas temperaturas. Era de interés evaluar si el ancho de dispersión de
las Resonancia MultipolanesGigantes aumenta con la temperatura, pues los resultados
de la ref.[22] (disminuye con la temperatura) se obtuvieron bajo una serie de hipótesis
que fueron discutidas en el Capítulo 4..

Hemos podido verificar que el ancho de dispersión juega un rol destacado, crece con
la temperatura como fue sugerido en la ref.[76]y concuerda con la tendencia de los datos
experimentales obtenidos en la ref.[77]. Además comprobamos que el ancho de dispersión
a temperatura finita [ec.(4.61)]tiende en forma natural al de temperatura cero [ec.(4.35)]
cuando se realiza el lim T —>0.

Si sólo se considerara la variación que sufren los números de ocupación fermiónicos
(despreciando los bosónicos) el ancho de dispersión [ec.(4.61)] disminuye con la tem­
peratura, esta tendencia se compensa con el crecimiento que experimenta el ancho de
dispersión debido la presencia de los números de ocupación bosónicos. Estos efectos
serían los responsables de la saturación del ancho total observada experimentalmente en
las ref.[24][27],aunque no pudo ser comprobado por nuestro modelo a la temperatura en
que trabajamos (5 Mev) que es la temperatura máxima para la cual un núcleo compuesto
existe.

También resaltamos del trabajo lo siguiente:

o Extendimos lo realizado en las ref.[11][21]para calcular los estados colectivos a
temperatura finita cuando se utiliza una fuerza separable isoescalar-isovectorial.
Para lo cual se tuvo que redefinir los operadores multipolares y los bosones de
la RPA para incluir las configuraciones de partícula-partícula y agujero-agujero
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que el caso de temperatura cero no contempla, con la consiguiente aparición de
números de ocupación fermiónicos. Hubo que tener en cuenta la variación, con
la temperatura, que sufre la energía de Fermi para que conserve en promedio el
número de partícula.

Desarrollamos la Regla de Suma de Energía a temperatura finita para poder iden­
tificar las distintas resonancias que aparecen en la solución de la RPA. Para evaluar
la Regla de Suma de Energía generalizamos los resultados de la ref.[39] utilizando
la discontinuidad de la primera derivada de la función de Green, en el formalismo
de Matsubara, para un operador biJineal partícula-agujero. Realizamos el desarro­
llo para núcleos superconductores por lo cual fue necesario incluir las funciones de
Green normales y anómalas.

Hemos podido establecer reglas bien precisas para la contribución de cada diagrama
a temperatura finita: los numeradores, que contienen los números de ocupación,
se construyen fijándose en la circulación de los femúones y bosones de cada per­
mutación temporal, mientras que los denominadores siguen las reglas usuales de
teoría de perturbaciones. Además observamos que los diagramas viene de a pares:
los dos tienen el mismo denominador, mientras que en el numerador las partículas
de uno se intercambian por los agujeros del otro, y viceversa.

Establecimos como hay que realizar las sumas de las distintas permutaciones tem­
porales (compatibles con el modelo de Baranger) a temperatura finita para la
obtención del ancho de dispersión, la suma no es tan directa como a temperatura
cero (entran en juego los números de ocupación fermiónicos y bosónicos).

Obtuvimos una relación cuando se utilizan fuerzas separables (facilita enormemente
los desarrollos), que cumple la solución de la RPA tanto a temperatura cero como
a temperatura finita, para un estado cualquiera de partícula-agujero.
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Capítulo 6

Apéndices

6.1 NFT en el Modelo de Lipkin
El modelo considerado consiste en un sistema de dos niveles donde cada nivel tiene una

degeneración de 20, y las partículas interactuan via una interacción monopolar que las
acopla. Un sistema de capa cerrada se puede simular imponiendo la condición de que
las 2Q partículas se encuentren en el nivel más bajo. El hamiltoniano utilizado es

H= Hsp+Hq
donde HW es el hamiltoniano de partícula independiente y 'Hq es el hamiltoniano de
interacción monopolar que se define como

1

Hq = 31292 (6.2)
con

Q = AI, + Ao + (zip/Vip - cmo-Nm (6.3)

y donde

N110= 2 bInlbml v N10 = meïbÏnï i ACT)= z bInlbmÏ (6-4)
m m m

bl", es el operador de creación de una partícula en el estado (ma), donde el número
cuántico m indica cada degeneración y a = 1 (a = -1) denota el nivel superior (infe­
rior). Debido a la presencia del término de dispersión en la interacción monopolar, el
hamiltoniano no satisface la condición de minimización de Hartree-Fock, es decir que
existe un elemento de matriz del hamiltoniano no nulo entre el estado fundamental y el

estado de una partícula-agujero (<g.s. IHI 960). Por lo tanto, se realiza una trans­
formación de Hartree-Fock para pasar a nuevos operadores de partícula independiente
que si verifiquen la minimización
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con lo cual se pasa a un nuevo hamiltoniano al que se lo puede tratar diagramáticamente

H=HLP+HQ+U (6.6)
siendo cada término igual a

HQ, = 61M —EÏNÏ (6.7)

y

, V
Hq = —5 (AF + 2ATA + A2) —v [Al (ql/V1 —qïNï) + (q1N1 —qNï) A]

(6.8)
V

—5[(qlM - Mí)” - qïM —9%]

donde Alp/V1 y Nï son definidos como.

At = ZCLlCmï N1 = z: clnlcml , Nï = Ecmïcrnï (6.9)
m m m

Se puede ver que H; no contribuye a la energía de excitación de partículas o de agu­
jeros, ni contiene términos que conecten el estado fimdamental con estados de partícula­
agujero. U es un término constante no siendo importante en el cálculo de las excitaciones.

Este hamiltoniano [ec.(6.6)]se puede resolver tanto utilizando teoría de perturbacio­
nes en el espacio de fermiones como utilizando el formalismo de la Teoría Nuclear de
Campos (NFT) en el espacio conjunto, verificándose que ambos métodos coinciden en la
region de superposiciónlsugl.

La resolución en el espacio fermiónico se simplifica por el hecho de que los operadores
AKA y á (N1 +Nï —2Q) verifican la relación de conmutación del álgebra de SU(2)

[AKA]=N1+Nï—20 , [%(N1+Nï—20),Al] =.A* (6.10)

lo que permite pensar a AKA y á (N1 +Nï —29) como los operadores del momento
angular I+, I. y Iz. El más pequeño valor de Iz es -Q y ocurre cuando todas las partículas
están el nivel más bajo (N1 = Nï = 0) y por lo tanto el máximo valor de I es fl que
ocurre para el sistema de capa cerrada. Para el sistema impar vecino el máximo valor
de I es Q —

Como el hamiltoniano sóloconecta estados con diferente número de pares de partícula­
agujero, es conveniente indicar los estados del sistema par por el número de partículas­
agujeros N = ¿(N1 +Nï) y a los del sistema impar vecino agregarles los números
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cuánticos de la partícula o agujero restante (m,a). Con esta representación se puede
expresar los elementos de matriz de los operadores del álgebra en forma sencilla. Por
ejemplo, los elementos de matriz del operador Al en el sistema par e impar se escriben
como.

<N’ |A*|N> = ¿MW (29 —N) (N +1)
(6.11)

<m’,0'; N’ |Af| m,a; N> = óm,m,6,,,,aN+1_N, (2:2 —N —1) (N +1)

Lo que permite calcular en forma simple los elementos de matriz del hamiltoniano to­
tal [ec.(6.6)],y por lo tanto, realizar una expansión perturbativa de Raleigh-Schródinger
en el espacio fermiónico. En esta expansión se puede expresar todo observable físico
(energía del estado fimdamental, energía de excitacion del sistema par e impar, etc.) en
función de dos parámetros adimensionales, uno de ellos es la degeneración de los niveles
y el otro es 2:, que se define como

1:: % , s=el—sï (6.12)
donde cada orden en la expansión corresponde a una potencia de a: y siendo válido a
todoordenen

La obtención de la solución del sistema de fermiones interactuante en el formalismo
de la NFT implica redefinir el hamiltoniano para incluir tres términos. El primero, que
depende sólo de las coordenadas de los fermiones, contiene el hamiltoniano de partícula
independiente y la interacción de dos cuerpos originales. El segtmdo, representa un
sistema de bosones independientes de energía w. El tercer término incluye ambos tipos
de variables y representa la interacción entre estos grados de libertad

HNpT = ng + H; + wI‘ll"+ Hp_., (6.13)

donde los dos primeros términos fueron los utilizados en el cálculo fermiónico [ec.(6.7) y
ec.(6.8)] y se ha omitido el término Ll pues no contribuye a las excitaciones.

La NFT provee una serie de reglas generales (Capítulo 3) para trabajar en el espa­
cio conjunto, tal que su aplicación da el mismo resultado que el cálculo efectuado en
el espacio fermiónico, corrigiendo violaciones al principio de exclusión de Pauli y a la
sobrecompletitud de la base que son generadas por el uso de ambos grados de libertad.

La construcción del bosón se realiza a través de la linealización del hamiltoniano
total provisto por la aproximación de la RPAI, en este caso el bosón se define como una
combinación de estados de partículas-agujeros.

rf = XA" —YA (6-14)

lTambién se puede linealimr con la aproximación de la TDA, en esta caso Y = 0, obteniéndose
también un sólo estado colectivo cuya energía y amplitud es w = E(1 —1:) , X = 7‘70y con A =
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Para un sistema de dos niveles con una interacción monopolar separable (no incluye
término de intercambio) sólo un estado colectivo es obtenido, con energía y amplitudes
dadas por

w= ¿«(1 - z)

(6 + w)
X = (n: llclnlcmïln=0>= m

(6.15)
(6 - w)

2V25w9

donde In = 1) es el estado de un bosón de la RPA y In = 0) es el estado fundamental de
la RPA.

La NFT introduce el hamiltoniano de interacción entre partículas y vibradores que
produce nuevos vértices y permite una expansión diagramática

Y = <n=1|cïnïcmlln=0>=

Hp—v= -A (1‘t + 1‘) (Af + .A+ qlNl - trlNï) (6-16)
donde A expresa la intensidad del acoplamiento entre partículas y vibradores, siendo
obtenido de la condición de normalización del bosón

A = V29 (X + Y) (6.17)

todos los vértices de la NFT son definidos por el hamiltoniano anterior [ec.(6.13)]. La
expansión diagramática es directa con tal de aplicar las reglas de la NFT resumidas en
el Capitulo 3 a las cuales hay que agregarles las siguientes:

o Debe agregarse un signo menos cada vez que dos lineas de fermiones se crucen.

o Cada bosón posee una energía u y cada fermión una energía

o Los denominadores se obtienen restando la energía de cada estado intermedio a la
energía del estado inicial y deben ser multiplicados entre si.

o Existe un factor 2Q asociado a cada ciclo fermiónico cerrado, ya que exiten 20
estados degenerados por cada a.

o Dado un diagrama se debe considerar otros que se obtienen intercambiando partícu­
las por agujeros, salvo que en este intercambio se reproduzca el diagrama original.

La expansión se realiza en potencias de á a todo orden en :c, verificando que cada
vértice de interacción es del orden de á y cada acoplamiento entre partículas y bosones
delordende

La NFT permite introducir vértices de intercambio en la definición del bosón con
la consiguiente disminución del número de diagramas ha ser considerado, pero a costa
de no poder obtener una solución de la RPA tan simple como la obtenida con la fuerza
separable.
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6.2 Regla para Partículas-Agujeros en la RPA

Una regla importante que verifica la solución de la RPA, tanto a temperatura cero como a
temperatura finita, para una fuerza separable isoescalar-isovectorlales la distribución que
tiene un estado cualquiera de partícula-agujero (también partícula-partícula o agujero­
agujero para el caso de temperatura finita) sobre todas las raices de la RPA. Esto genera
una expresión, que se puede obtener sumando un conjunto completo de estados inter­

medios al elemento de matriz <0If};(J1,j2;/\fl)>, y que diagramáticamente se expresa

MXN-xv
Figura 6.1:

Am m _ ,A Am m , ,,\

[ nM (JLJ2 ) _ nM (.71.72 ) =Mp (J1,]21/\)6991P1 , P151m " Fun 51112+ nun

donde la suma se realiza sobre todas las raices de la RPA, es válido para todo J1,]2 y
siendo p,p1= neutrones y/o protones y viceversa. Teniendo en cuenta la ecuación de
dispersión [ec.(3.31)], llegamos a las siguientes ecuaciones que relacionan las variables
bosónicas con la intensidad de la fuerza dependiendo de cual es el vértice de interacción
involucrado

D4 1 1 J (www)n n Elm _ hu" 57112+ M" 3‘2

ZA"? i: 1 1 _ (ko + k1 —21:1) (6 19)n n 67,112—M" qm + hu" A2

ZAPAPI[ 1 _ 1 ]=(ko-k1)n n n 55m _ nun ¿gm + nun /\2

con p (pl) = neutrones (protones) y viceversa.

6.3 Modelo de la Función Intensidad

La respuesta del estado fimdamental del núcleo a la acción de un operador arbitrario Q
esta complementamente caracterizada por su asociada función intensidad, que se define
en forma general como
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sus) = ZI<iIQIO)I25(E¿ —E) (6.20)

donde IO), son el estado fundamental y los estados excitados del sistema, E,-son las
energías de excitación y (i |Q| 0) es el elemento de matriz del operador que crea el modo.
Se puede expresar la función intensidad en término de la parte imaginaria de la función
respuesta

sua) = ¿1m<o|Q(H—E—in)-1 Q|o> (6.21)
Esta función intensidad contiene más información de la necesaria para describir la

dispersión del modo, en particular contiene la energía de los autoestados, por consiguiente
se la promedia para desechar los detalles finos, quedarse con los gruesos y como artificio
para generar dispersión

sua) = j s (E’)p (E _ E) dE’ (6.22)

utilizando por conveniencia, para obtener una solución analítica, la siguiente fimción
peso

_ 1 A
vr (E —E’)2 + A2

donde A/ 2 representa el intervalo de energía, alrededor de E, sobre el cual se realiza el
promedio.

Podemos evaluar la función intensidad promediada en la aproximación de estados
intermedios, para lo cual definimos el hamiltoniano como 'H = Ho + V:

p (E _ y) (6.23)

Hola) = Eala)
(6.24)

Hola) = Bala)

con a pensado como un estado colectivo, y a. los a pensandolos como los estados inter­
medios a los cuales se acopla

(ama) = (aIVIa)=Vaa
(6.25)

<aIvIa> = <aIvIa>=o

este hamiltoniano se puede diagonalizar exactamente dando la siguientes ecuaciones para
los autovalores E,­

Vía

En —Ei = za; Ea _ Ei (6.26)
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y para la amplitud ca (i), que mide como se distribuye el estado a sobre el espectro i

v2 —1/2

ca(i)=(1+z (6.27)
Calculando el promedio de la función intensidad se observa que tiene una forma

parecida a.una distribución de Breit-ÑVigner,ya que el ancho y la corrección del centroide
son dependientes de la energía

- _ 1 I‘(E) /2 +A
S (E) _ vr[Ea —E —AEG (15)]2+ [r (E) /2 + A12 (6'28)

donde

2 _

AEG(E)=za:W (6.29)
Y

2

Con esta aproximación fenomenológicade la función intensidad, se pasa de un paráme­
tro infinitesimal 1][ec.(6.21)] a un parámetro finito ajustable A [ec.(6.28)], se ha podido
generar una distribución cuyo ancho esta asociado al modo.

Se puede obtener una expresión más simple de la función intensidad cuando los
elementos de matriz VM son en promedio independiente de la energía del estado a
(Vaa = v), y si además consideramos el espectro uniformemente espaciado

Ea = aD con a = 0, :tl, :l:2,. .. (6.31)

con estas suposiciones y debido a que el espectro es denso, por lo cual se realiza un
promedio de la función intensidad en un intervalo de energía, ésta tiene la forma exacta
de una distribución de Breit-NVigner

— 1

S(E)= BcÏ(E¿zE)=
1 I‘

EF (Ea —E)? + (172)? (6'32)

donde el ancho de la distribución es F = 27r3DE, y se supuso que v > D. Que la función de
intensidad tenga esta forma es consecuencia de la suposición de acoplamiento constante
con los otros grados de libertad del sistema.

El efecto de acoplamiento del estado a a otros grados de libertad se puede estudiar
en una descripción dependiente del tiempo. La probabilidad de encontrar el sistema en
el mismo estado inicial a un tiempo t después es

Aa(t) = (a Iexp{—th}| a) = z c3(i) exp {—iEit} (6.33)
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donde se realizo una expansión de a, en un conjunto de estados estacionarios i. En la
aproximación de espaciamiento uniforme entre los niveles de energía, y de elementos de
matriz constante con los otros grados de libertad, se llega

Aa(t) = exp{á ¡q41m} (6.34)
donde I‘ determina la probabilidad por unidad de tiempo que la transición del estado a
al a ocurra.

6.4 Regla de Suma de Energía Dependiente de la Tempe­
ratura

En esta sección extendemos, a temperatura finita, los resultados obtenidos en la ref.[39]
que relaciona la Regla de Suma de Energía con la discontinuidad de la primera. derivada
de la función de Green.

A temperatura finita el valor medio de un observable O en un sistema en equilibrio
térmico que intercambia energía y partículas con el medio externo es (Capítulo 2)

(0) = Tr [500]= ¿Tr [rm-Wo] = ¿ze-“Em-"NM (m|0| m) (6.35)

siendo Nm (Em) el número de partículas (la energía) del estado estacionario Im > y Z
la fimción de partición gran canónica

z = T1-[e'B(H'”N)] (6.36)

con ,3 = 1/ kBT.
La Regla de Suma de Energía y el primer momento de la RPA, a temperatura finita,

para un operador hemiítico de un cuerpo Q son definidos respectivamente comoI7 l

maga") = ¿(le m, 911) (6.37)

mRP-4(Q, T) = Z wn I<nIQI 0>I2 (6.38)
n>0

Se puede demostrar que la Regla de Suma de Energía es igual al primer momento de
la RPA con tal que la Regla de Suma sea evaluada en la aproximación de HF (Teorema
de Thouless a Temperatura Finitalsll67ll71'). La Regla de Suma de Energ'a dependiente
de la temperatura, haciendo un poco de algebra, queda

mmm") = ¿(te [Hs911)= ¿z amm-"NM I(nIQIm>12(En- Em) (6.39)
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La función de Green de Matsubara para un operador bilineal partícula-agujero se
define como

cum; r) = ¿Tr [e-fi‘H-W’{el (r) o, (r) cl (o)Ca(o)e (r)

+ ci (o) CB(o) el (r) o, (r) e (-r>}]
(6.40)

= ¿Ze‘ú‘am'wm’ {<m ¡el (r) o, (T)I k) (k ¡el (o) Ca(o) I m) e (r)m.k

+ <m ¡el (mea (o) I k) (k ¡el (r) o, (r) I m) o (—r)}

usando la. representación de Heisenberg modificada [ec.(2.37)] se ve que

mmm) = ¿Ef-“rw {am-Em" (mIcÏcwlk)(k¡elcalm)o(r)m‘.

(6.41)

+e-<Em-E*>’(m Iclcal k) (k Iclcvl m) 0 (4)}

entonces la discontinuidad de la.primera. derivada. de la función de geen de Matsubara
a tiempos cortos es

1 — _

G’(°>”-‘75;T)Ir=o+_ Gl(afinói7')lr=o- = 22€ m5“ I‘M")mi
(6.42)

(Em '- En {<m IconI k) <1»-Iclcfil m) + (m Iclcal k) (k |61qu m>}

y sabiendo que

(k IQIm) = Qaa (k Iclcal m) (6.43)

se observa. que la Regla. de Suma de Energía [ec.(6.39)] se puede escribir en función de
la discontinuidad de la primera derivada. de la función de Green en forma análoga a lo
hecho en la ref.[39]

m1(Q, T) = É z 93,5[GI(aB.76¡T)I-r=o+- Ú(aa.76¡T)IT=o-i Qaa (6-44)afinfi
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6.4.1 Regla de Suma de Energía para Núcleos Superconductores

Cuando las correlaciones de aparcamiento son importantes, es necesario definir las fim­

ciones de Green de quasipartículas normales 1' anómalas dependientes de la temperatura,dentro del formalismo de Matsubara, comol o]

Ga(t,T) = [—Nav3eEoT—(1 —Na) Uge-Eor] 9m +
(6.45)

[(1 —Na) VgeEr-T+ NaUge‘E°T] a (-7)

2.0.7") = VaUa { [NaeE°T —(1 —Na) e-E°T] 49(7) —
(6.46)

[(1 —Na) eE“ —Nac-EJ] 0 (-T)}

con ¿a = (¿a —/,L), Ea = «¿a? + A2 y

—4 2_ l La 2_ 1 La ,
Na _ em +1 , U0_ 2(1+ Ea) va _ 2(1 Ea) (6.47)

a partir de la definición de las funciones de Green de dos quasipartículasl40¡ K 1°(a, [3;T),
Kl°(a, [3;T), Koo(a, ,3;T),K°°(a, fi; T) se puede obtener la función de Green de partícula­
ag‘ujero vestida a través de la ecuación de Dyson

I

GOO(afi,'yó;-r)= Koo(a,,3;r)6mófló+ Km(a,fi;T)6mó¡35+ f dT z < a,3|W|a,3 >
#.a',;3'

(6.48)

K°”(a,fi; T’)G“°(a'fi',76; T —T’)

se puede ver, si no se tiene en cuenta la interacción cuadrupolar de pairing, que la
discontinuidad de la primera derivada de la función de Green de partícula-agujero vestida
es

gr-Goomfinó; T) = Bo + Bl (6-49)T=0+- ¿”(05175W) T=0'

Bo = { [K00(a,fl;T) + K00(a,fi;T)]l
(6.50)

120+ — [K00(a,fi; T) + K00(a,fl; T)], T=0
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31= Km(a,5;wn)] K00(7,6;wn)] (6-51)7'88 TES

donde (Eres) indica que la suma. es sobre los residuos de la transformada de Fourier de
la función de Green de Matsubara. También se observa que Kggcun) no contribuye a
la discontinuidad de la primera derivada en B1 pues (En, Kog(wn)) = 0. Por lo tanto,0
la Regla.de Suma de Energía dependiente de la temperatura para una fuerza separable
(Bl = 0 ver ref. [39]) queda

mmm) = ¿z ¡Qualz[Egg<1—Na —Na) (Uavú+ mg)?
(¡.13

(6.52)

+ Éaa (Na —No.) (UaUp —vcd/M2]

donde Egg = (EQr+ Ea) , Eap = (Ea —EB)

6.4.2 Límite de Temperatura Cero de la Regla de Suma de Energía

El límite de temperatura cero para la Regla de Suma. de Energía se obtiene facilmente
pues verifica que limT_.oNo = 0 (Ea > 0) con lo cual la ec.(6.52) queda

1

m1(QvT) = 5 Z IQaBI2Eafi (Uavfi + VaUB)2 (6-53)
0,6

que es la fórmula usual para una fuerza separable a.T = 0.

6.4.3 Límite de Sistema Normal de la Regla de Suma de Energía
(T-rTc)

El límite en el cual la temperatura tiende a la crítica, se produce la transición de fase
de un núcleo superconductor a uno normallaslmgl, y verifica que li.1rn7-_.TcA = 0, con lo
cual

__ Ei si q>p __ n; si ci>,u _
E‘_{—€¿ si ci<p ’ N'_{1—m si q<p (6'04)

___ 1 si €¿>/J. ._ 0 si ci>p _
U‘_{ 0 si c,-</,¿ ’ V‘_{ 1 si c.-<y (65°)

- —1

con n.-= (emi + 1) . Finalmente la ec.(6.52), cuando se produce la transición de fase,
queda.
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ml(Q.T> = ¿De —¿5)("a - na) ¡Qualz (6.56)

que es la. fórmula. usual de la Regla de Suma de Energía. para un núcleo normal depen­
diente de la temperaturalul.

Cuando la fuerza separable es del tipo isoescalar-isovectorial (Capítulo 3) se cumple
que la Regla de Suma de Energía queda

m1(Q,T)=%z ¿amp -na)IMP(a,a;A)12= z ¿[mi]? (6.57)
a.;3.p ">04?

esta. es la expresión que usamos en la sección 4.2.3 y en la sección 4.1.4, haciendo pre­
viamente el límite de temperatura. cero.
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