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MESONS DANS LA MATIERE
HADRONIQUE DENSE ET CHAUDE

Guy CHANFRAY

Institut de Physique Nucléaire de Lyon
Université Claude Bernard-Lyon I
48 Boulevard du 11 Novembre 1918, 69622 Villeurbanne cedez

chanfray@ipnl.in2p3. fr

Résumé : Ce cours a pour objet d'étudier les modifications des propriétés des mésons tels que les pions,
rhos, omégas ou kaons de la matiére nucléaire ordinaire & la matiére hadronique dense et chaude. Il a
ainsi également pour objet de fournir un lien entre la physique des énergies intermédiaires ou physique
subnucléonique étudiée auprés des machines dans le domaine du GeV et la physique des ions lourds
relativistes en particulier via la production de dileptons. Un accent tout particulier est porté sur 'influence
de la symétrie chirale et sa restauration sur 'évolution de propriétés telles que les masses et les constantes
de couplage, tout en en présentant les conséquences expérimentales.

Abstract : Medium modifications of mesons such as pions, rhos, omegas or kaons from normal nuclear
to hot and dense hadronic matter, are discussed. One aim of these lectures is thus to provide a connection
between intermediate energy physics or subnucleonic physis studied around facilities in the GeV range
and relativistic heavy ion physics with special emphasis on dilepton production. The consequences of
chiral symmetry and its restauration on medium modification of observables such as masses and coupling
constants, are studied together with a discussion of their experimental manifestations.




I- INTRODUCTION

Il est maintenant admis que la chromodynamique quantique (QCD), dont les degrés de liberté fondamen-
taux sont les quarks et gluons colorés, est la théorie de jauge décrivant les interactions fortes. Comme
on le sait, QCD posséde deux propriétés remarquables qui sont la liberté asymptotique et le confinement
de la couleur. Le terme liberté asymptotique signifie que les configurations de petites tailles observées
pendant un temps suffisamment court se comportent comme des configurations libres ou faiblement in-
teragissantes. Cette propriété se traduit par le fait que la constante de couplage effective de QCD tend
vers zéro, d’une fagon calculable perturbativement, lorsque I’échelle d’impulsion @ tend vers I'infini, c’est-
a-dire lorsque Péchelle de taille tend vers zéro. Les prédictions basées sur des calculs de QCD dans le
régime perturbatif sont vérifies expérimentalement avec une excellente précision en particulier grice 4 la
diffusion trés inélastique de leptons qui a d’ailleurs permis de mettre en évidence directement Fexistence
des quarks.

La propriété de confinement de la couleur, quant & elle, stipule que seules les configurations de quarks
et de gluons “blanches” (c’est-A-dire possédant une charge globale de couleur nulle ou plus techniquement
invariante sous une transformation du groupe SU (3} de couleur) peuvent exister avec une énergie et une
taille finie. Il en résulte que le potentiel d’interaction doit croitre linéairement avec la distance, interdisant
ainsi la possibilité d’isoler un quark coloré; ce critére de confinement est utilisé en pratique dans les
simulations numériques de la théorie discrétisée sur un réseau. Le confinement n'a jamais été “démontré”
mathématiquement (au sens usuel de ce terme) car mettant en jeu une échelle ot QCD devient hautement
non perturbatif. C’est la raison pour laquelle on doit faire appel aux calculs sur réseau qui donnent des
indications trés nettes en sa faveur. Par ailleurs, ces mémes simulations numériques sur réseau prévoient
une transition de phase de déconfinement lorsque la température atteint une certaine valeur critique; au
dela de ce point critique on obtient un plasma de quarks et de gluons dont les interactions mutueiles
disparaissent complétement lorsque la température devient infinie. Le programme expérimental d’ions
lourds ultrarelativistes a pour objet essentie] de mettre en évidence cette transition de phase et de
“fabriquer” pendant un temps suffisamment long ce plasma de quarks et de gluons; je ne m’'étendrai
pas davantage sur cette question car elle est traitée dans les cours de M. Gonin et J.Y. Ollitrault, mais
discuterai plutdt une autre caractéristique essentielle de QCD, la symétrie chirale.

La chromodynamique quantique posséde en effet une symétrie presque exacte, la symétrie chirale
SU(2)L ® SU(2)g. Lexistence de cette propriété des interactions fortes a été réalisée dés les années
soixante, bien avant Pavénement de QCD. De nos Jours, elle se “lit” directement sur le lagrangien de
QCD comme provenant de sa {quasi)-invariance lorsque on effectue une transformation unitaire dans
Pespace & deux saveurs {u,d) des quarks d’hélicité gauche (symétrie SU(2).) et des quarks d'hélicité
droite (symétrie SU(2)g). II a aussi été compris dés les années soixante que cette symétrie ne se manifeste
pas au niveau du spectre; on dit qu’elle est cachée ou encore spontanément brisée. La nature de cette
symeétrie est sans doute 'élément capital de la description et de la compréhension d’un trés grand nombre
de phénomenes relatifs au monde hadronique et nucléaire. En premier lieu cette brisure spontanée est a
Iorigine de I'existence d*un mode dit de Goldstone de masse (presque) nulle qui doit étre identifié avec le
pion. En outre, méme si la symétrie est présente seulement de facon cachée, elle subsiste sous la forme de
relations précises entre amplitudes reliant divers processus; ceci se traduit par une importante cohorte de
théorémes (théorémes de pions mous,..) basés sur algébre des courants ou de facon plus moderne sur la
théorie des perturbations chirales. Je ne discuterai pas en détail cette question qui fait 'objet du cours
de M. Knecht mais insisterai davantage sur ce qu’il advient de cette symétrie lorsque la température ou
la densité baryonique augmente.

Le critére de confinement évoqué plus haut n’est réellement pertinent que lorsque les quarks sont
“gelés” sur le réseau ce qui signifie que leur masse a été envoyée A l'infini. Lorsque 'on simule la théorie
avec des masses de quarks u , d et s plus basses et plus proches de leurs valeurs réelles on obtient aussi une
transition de phase a une température critique de P'ordre de 150 MeV [1] qui correspond & la restauration
de la symétrie chirale, transition présentant certaines analogies avec la restauration de la symétrie de
rotation a la température de Curie dans un matériau ferromagnétique. Le paramétre d’ordre utilisé est
ce que l'on appelle le condensat de quarks < §g >. Dans la phase brisée de basse température, il prend
une valeur appréciable traduisant le fait que I’état fondamental (vide de QCD) est en réalité constitué
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de paires de quarks-antiquarks scalaires (portant les nombres quantiques du vide) fortement corrélées.
Lorsque la température augmente les excitations thermiques, et en premier lieu les pions qui sont de loin
les plus légeres, vont progressivement détruire cet appariement et le condensat va décroitre. Il est clair que,
lorsque I'on se rapproche de la transitions de phase, ce ne sont plus les pions qui gouvernent la restauration
mais les fluctuations correspondant & des échelles de taille arbitrairement grandes. Au voisinage de la
transition, on fait appel & des descriptions qui privilégient le role des symétries indépendemment de la
nature exacte du hamiltonien “microscopique”. Ainsi, si on se limite & deux saveurs (légeres soit u et
d), des arguments de classe d’universalité, bien connus en physique statistique, permettent de traiter la
transition de phase grace & une théorie effective de type Landau-Ginzburg équivalente, en ce qui concerne
ses symétries, au "vénérable” modéle sigma lindaire dont nous parlerons dans un autre contexte dans la
suite.

L’objet de ce cours ne sera pas la description de la transition de phase proprement dite, mais plutét la
description des mécanismes assurant cette restauration méme assez loin de la transition. Ceci constitue
un aspect d’une problématique plus générale concernant 1’évolution des propriétés des hadrons lorsque
Pon augmente soit la densité soit la température. Du fait de 1'évolution de la structure du vide de QCD
se traduisant par I'évolution des condensats (de quarks ou de gluons), on s’attend & ce que les mésons,
qui sont les premigres excitations de ce vide, soient modifiés. A température nulle, le role des degrés de
liberté mésonigues constitue 'essence de la physique nucléaire des énergies intermédiaires ou physique
subnucléonique étudiée auprés des machines d’énergie de I'ordre du GeV. Une information sur L'effet de
la densité et de la température sur ces degrés de liberté requiert les collisions d’ions lourds relativistes.
Un des objectifs centraux de ce cours sera de montrer comment les connaissances accumulées en physique
des énergies intermédiaires, aussi bien i 1’aide de sondes ¢électromagnétiques que de sondes hadroniques,
seront d’une importance cruciale pour 'étude de la matitre hadronique dense et chaude produite dans
les collisions d’ions lourds relativistes.

La denxiéme partie est consacrée & quelques généralités concernant la symétrie chirale, sa brisure
explicite et sa brisure spontanée. Nous discutons en particulier évolution du condensat de quarks 3
température et/ou densité finie caractérisant la restauration graduelle de cette symétrie, tout en donnant
une premiére idée des conséquences observables expérimentalement. La troisiéme partie illustre un certain
nombre des concepts i I'aide du modéle de Nambu-Jona-Lasinio permettant de calculer Pévolution de ce
condensat. Dans la quatritme partie, aprés avoir introduit les modeles sigma linéaires et non lindaires,
nous établissons un certain nombre de résultats (évolution de la masse du pion, du condensat de quarks
et de la constante de désintégration du pion) indépendants de modéles et qui sont des conséquences de la,
symétrie chirale seule 4 basse température. Un des objectifs de la cinquitme partie est de montrer que de
nombreux résultats relatifs a la physique des pions dans les noyaux [2] sont d’une importance primordiale
pour la compréhension de la problématique actuelle de la physique nucléaire et hadronique. A cet égard,
nous discutons I'effet combiné des interactions pion-nucléon d’onde p i l'origine des modes collectifs
pioniques dans les noyaux et d’onde s intimement liées au mécanisme de restauration de la symétrie
chirale. Une attention toute particuliere est ainsi portée a la densité scalaire de pions et & I'évolution
d’observables telles que les constantes de couplage axiales ou les masses non seulement du pion mais
également des kaons et antikaons i densité finie. La derniére partie est consacrée aux modifications des
propriétés des mésons vecteurs tels que le méson rho dans la matitre hadronique dense et chaude via la
production de dileptons en collisions d’ions lourds relativistes. Aprés avoir présenté les propriétés des
fonctions spectrales associées dans le vide et dans le milien A I'aide de théories effectives (dominance
vectorielle) ou de méthodes particuliéres (régles de somme de QCD et de Weinberg), nous discutons les
explications proposées pour I'augmentation du taux de production de dileptons observée 4 basse masse
invariante au CERN/SPS. Pour terminer cette introduction il convient de faire quelques remarques
sur la rédaction de ce cours. Les différents modéles ou approches théoriques sont la plupart du temps
présentés dans leur version la plus simplifiée; par contre les discussions des résultats sont souvent relatives
a des versions (beancoup) plus élaborées qui peuvent étre étudiées dans les références données. Cette
bibliographie est volontairement non exhaustive; j’ai en effet privilégié (de fagon forcément subjective) les
travaux qui me paraissaient les plus appropriés comme complément direct de ce cours et qui correspondent
le plus souvent a ceux que j’ai utilisés pour sa préparation.
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II - GENERALITES SUR LA SYMETRIE CHIRALE ET SA RES-
TAURATION

1 - Symétries vectorielle et axiale

Le lagrangien de QCD met en jeu des champs de quarks existant sous six saveurs et trois couleurs
et des champs de gluons existant dans huit états de couleur. En pratique, pour les considérations
de symétries présentées ci-dessous, nous n’aurons pas besoin de la partie gluonique qui est toujours
séparément invariante. Par ailleurs, nous ne nous intéresserons qu’aux saveurs légéres u et d en gardant
& Pesprit qu’un certain nombre de résultats pourront étre généralisés si le quark s est introduit. On
considere par suite le lagrangien de QCD en ne conservant que la partie cinétique et la partie de masse
relative aux quarks u et d et en omettant I'indice de couleur :

[-‘rQCD = i'w—u?’#aﬂ"bu + 'i"r!—)d'fﬂapwd - mu'@u'}”u - md"lb—d'f»bd
= iyoy - T gy - Ty, M

ou Py et Yy désignent les champs de quarks u et d de masse my, et my. Dans la deuxiéme expression, on
a introduit un isospineur 3 sous forme de vecteur colonne et le vecteur ligne associé : ¢ = 1hi40

v=(%)  F=Gud

a . Symétrie vectorielle (isospin)

Considérons la transformation SU(2) :

t — elar 1
ou les oy (k =1,2,3) sont des paramétres continus et les 7t sont les matrices de Pauli. Si on oublie, ce
que Pon fera la plupart du temps dans la suite, la petite violation d’isospin gouvernée par (mg —m,}/2 ~
2MeV < My ~ 1GeV, le lagrangien demeure invariant sous cette transformation. Le courant 2SS0Cié
est le courant vectoriel (courant d’isospin) et la charge associée se confond avec (les trois composantes
de) Pisgspin :

ViR Qo= [auiZy=r 2)

Dans la limite de la symétrie exacte (m, = myg), le hamiltonien commute avec isospin ([I;, H] = 0).
Cette propriété, associée au fait que I'isospin du vide est nul (1x}0 >= 0}, conduit & une structure en
multiplets d'isospin du spectre des hadrons.

b . Symétrie aziale

Envisageons maintenant la transformation axiale qui différe de la transformation vectorielle par le présence
de la matrice s :

P — em"‘%""‘w

Le courant associé est le courant axial (c’est un pseudo-vecteur) et la charge associée est la charge axiale :

A =drnge, Q= [daretnly 3)

Cette fois-ci, 'invariance exacte nécessite que les deux masses m,, et my soient nulles. 11y a donc une petite
brisure de la symétrie, méme si la symétrie d’isospin est exacte, et la divergence du courant axial n’est
pas tout & fait nulle 0, A% = miy;7.4. La masse moyenne des quarks légers m = m, +my/2 ~ 8MeV
étant beaucoup plus petite que les masses hadroniques typiques, la symétrie est excellente a priori presque
aussi bonne que la symétrie d’isospin. Cependant, comme nous allons e voir, cette symétrie n’est pas
réalisée au niveau du spectre. Pour préciser ce point il est préférable d’introduire le concept associé de
symeétrie chirale.




2 - Symétrie chirale

On commence par introduire les champs de chiralité gauche et droite, la chiralité se confondant avec
Phélicité pour des particules de masse nulle, ce qui est (presque) le cas :

_l+'75
T2

b= 22y g

2 14 (4)

Le lagrangien se met alors (en supposant la symétrie d'isospin exacte) sous la forme :

Locp = Wy 8upL + ¥Ry 0u¥r — m (VLY + YRYL) (5)

Considérons une transformation chirale SU(2), ® SU(R)y, c'est-a-dire des transformations de SU(2)
agissant séparément sur les champs de quarks gauches et droits :

SU@)L : % = €T, Pp o Pr
SU2r :  t¢r — ™ Tgp, ¢ = ¥y (6)

Dans la limite ou mn est nulle, le lagrangien est invariant sous cette transformation; cette symétrie est
appelée symétrie chirale. La petite brisure de la symétrie axiale se retrouve dans une petite brisure de la
symeétrie chirale via le terme de masse qui mélange les champs droits et gauches. Les charges (presque
conservées} sont les charges gauches et droites, combinaisons linéaires des charges vectorielles et axiales :

Qf = [arg} T = 5 (@ - @)

Q= [drufFon =5 (Qu+ QD) U

3 - Brisure spontanée de la symétrie chirale

On peut montrer que les trois charges gauches et les trois charges droites précédentes forment séparément
des algébres de SU/(2); il suffit pour le vérifier d'utiliser les relations d’anticommutation canoniques
des champs de quarks. En d’autres termes, les champs de quarks gauches et droits constituent deux
représentations indépendantes de SU(2). On pourrait ainsi en conclure qu’il existe deux mondes hadroni-
ques indépendants construits sur les quarks gauches et les quarks droits. En particulier, dans la limite
(presque) réalisée ol la masse m est nulie, le hamiltonien commute avec les charges gauches et droites ce
qui entrainerait un doublement des multiplets. Un tel doublement aurait pour conséquence que chague
hadron posséde un “partenaire chiral” de parité opposée et (presque) de méme masse. Ce scénario
est manifestement exclu car on n’observe pas un tel doublement du spectre : par exemple, ie premier
hypothétique partenaire chiral du nucléon est la résonance S11 dont la masse est supérieure 4 1.5 GeV.
Ce scénario suppose en réalité que le vide soit invariant sous la symétrie, ce qui n'est réalisé que pour
la charge vectorielle d’isospin et on parle de réalisation de la symétrie de type Wigner. Par contre,
le vide n’est pas invariant sous une transformation axiale ou, dit autrement, la charge axiale du vide
n'est pas nulle : @;]0 ># 0. Dans ce cas la symétrie, bien que manifeste au niveau du lagrangien ou
du hamiltonien, n'est pas présente dans 1'état fondamental et par suite dans le spectre; on parle alors
de symétrie spontanément brisée de type Goldstone. Il n’en reste pas moins que @} commute avec le
hamiltonien, ce qui implique que son action sur le vide donne un état qui a la méme énergie que le vide.
Un tel état ne peut étre réalisé que si il existe des particules de masse nulle qu’on appelle des bosons de
Goldstone. Ce résultat que I'on peut démontrer formellement est le théoréme de Goldstone. Dans le cas
de QCD, le boson de Goldstone associé doit étre identifié avec le pion. L’existence d’un tel “mode mou”
est ainsi une conséquence directe de la brisure spontanée de la symétrie chirale. Cependant, la masse des
pions, bien que trés petite 4 Péchelle hadronique, n'est pas nulle du fait de la petite brisure explicite de
la symétrie chirale.




Cette brisure spontanée a pour conséquence que I'élément de matrice du courant axial et donc de la
charge axiale entre le vide et un état A un pion n’est pas nul :

< Ol AL (z)mi(p) >= —id;p fr pHe= P2 (8)

La constante de désintégration du pion f, = 94MeV Jjoue le role de paramétre d’ordre associé a la brisure
spontanée. Un autre paramétre d’ordre est fourni par le condensat de quarks défini par :

<a0>= 5 <O+ Fuabd0 >= & < Olryn + Fepulo > ()

Sa valeur non nulle (voir plus bas) montre explicitement la présence d'un mélange des quarks gauches et
droits dans le vide de QCD. On notera que < gg > est conventionnellement pris comme étant relatif &
une saveur de quark. Ces deux condensats f, et < gq > peuvent étre reliés entre eux. Pour établir cette
relation, on part de I'identité opératorielle :

102,05, ) = 55 [ dem(r) (10)

On en prend P'élément de matrice sur le vide de QCD et on sature le double commutateur avec une base
d’états |n >; on obtient ainsi une régle de somme une fois pondérée en énergie :

Z2En|<n|Qf|0>|2=—/dr2m <gg> (11)
n

Si on se limite pour les états |n > A la contribution des états 4 un pion qui est dominante, on obtient en
utilisant (8), la relation de Gell-Mann-Qakes-Renner (GOR) :

my fi = —2m < gq > (12)

Cette relation, valable au plus bas ordre dans les paramétres de brisure explicite m, et m, permet
de relier le condensat au niveau macroscopique f, (hadrons) au condensat au niveau microscopique
< gq >(quarks). Prenant une masse de quarks de 8 MeV, on obtient < §g >~ —(220 M eV')?, soit une
densité scalaire de quarks de I'ordre de ~1.4 fm™3. Cette valeur élevée du condensat, correspondant au
scénario dit du condensat fort, semble étre confirmée par les calculs sur réseau avec toutes les réserves
habituelles sur la validité de ces calculs pour des basses masses de quarks. Cela étant, 'analyse en
perturbations chirales n’exclut pas une valeur beaucoup plus faible signifiant qu’il pourrait y avoir des
corrections importantes i apporter 4 la relation GOR [3]. Dans la suite nous privilégierons ce scénario
du condensat fort bien qu’un certain nombre de résultats n’en dépendent pas directement.

4 - Brisure explicite de la symétrie chirale : comrmutateurs sigma

Rappelons tout d’abord le théoréme bien connu de Feynman-Hellmann. Soit un hamiltonien qui se met

sous la forme H = Hy + H' ou H' dépend linéairement d’un paramétre A snivant H' = Mh'. Soit |9()) >

un état propre exact (normé a 1'unité) de H avec I'énergie propre E()\). Le théoréme stipule que :
OE(A)

Nous allous appliquer ce théoréme dans le cas de QCD pour lequel le hamiltonien H est :
H=H; + HxSB =Hy+m /dr’l,(;d) (14)

Hg est la partie invariante chirale du lagrangien et le paramétre de brisure m joue le role de A. On définit
pour chaque état [k > de hadron (que l'on prendra au repos) de masse My, , un {double) commutateur
sigma par :

IM,,

Tn =< H@2 (@2 Hllh >comn=< hiHysalt > = [drm < biiw(olh >=m St (15)
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La premiére égalité est la définition du commutateur sigma et le suffixe “conn” signifie que la contribution
du vide a éié soustraite; il s’agit donc d’une quantité caractéristique du hadron. La deuxidme égalité
est obtenue par utilisation de (10) et la derniére provient du théoréme de Feynman-Hellmann. De fagon
évidente, ce commutateur sigma constitue une mesure de la brisure explicite de la symétrie chirale dans le
hadron correspondant 4 la déviation de sa masse par rapport & un monde chiral exact. On peut également
noter que X5 /m, qui a une limite finie lorsque la symétrie chirale est exacte, représente la densité scalaire
de quarks intégrée dans le hadron.

La détermination de ces quantités fondamentales que constituent les commutateurs sigma se fait en
général a partir de données expérimentales en utilisant des propriétés reliées & la symétrie chirale. Il est
cependant utile, et d’interprétation physique plus directe, d’utiliser des théories effectives hadroniques
formulées directement en termes de degrés de liberté hadroniques pertinents. Nous verrons plus loin
comment construire ces théories mais mentionnerons simplement pour l'instant qu’une telle théorie devra
contenir les propriétés de symétrie (et de brisure) présentes au niveau de la théorie fondamentale QCD.
Ainsi, dans une théorie oil les pions sont incorporés par 'intermédiaire de champs canoniques ®;(r)
(t = 1,2,3), le hamiltonien de brisure de la symétrie chirale sera simplement, au plus bas ordre, le terme
de masse :

1 1,
Hysp = f de 5 &:di(r) = / dr zm2 8(r) (16)

Prenant I'élément de matrice de cet hamiltonien sur un état de pion au repos, on trouve L, = m, /2 =
70MeV. On aurait trouvé le méme résultat par utilisation du théoréme de Feynman-Hellmann en
remplagant la masse des quarks m par la masse du pion grace 4 la relation GOR. La densité scalaire de
quarks intégrée dans le pion est ainsi de 'ordre de 10; ce nombre, assez grand, est un des éléments du réle
important joué par le pion lui méme et le nuage pionique hadronique dans le mécanisme de restauration
de la symétrie. -

En ce qui concerne le nucléon, 'analyse, provenant de Pextrapolation de dounées expérimentales de
diffusion pion-nucléon et faisant autorité actuellement, donne Xy = 45MeV [4]. Les théories effectives
utilisées sont la plupart du temps des modéles hybrides basés sur des images du type “sac de quarks”
et ses élaborations, ol le nucléon est décrit comme un “coeur” de quarks confinés dans un domaine fini,
entouré d’un nuage pionique. Le commutateur Xy provient a la fois du coeur de quarks et du nuage
pionique :

o
Sy =< N| /dr (m o + §m§¢2) IN >=zl@ 4 gm0 (7

Lia contribution du coeur de quarks s’obtient avec les fonctions d’onde du sac; dans le modéle sac du MIT

et sa version chirale le “cloudy bag model” (CBM), on a : E(Nq) ~ (3/2)m ~ 15MeV. La contribution
du nuage pionique peut étre obtenue en calculant d'abord sa contribution 4 la masse du nucléon puis en
utilisant le théoréme de Feynman-Hellmann, soit avec des notations évidentes :

) _ 2 0O y < Bimla) Hw [N > * (18)
N ™ dm? (@) (BN A) My — Mg — wy

La dépendance de modéle est contenue dans le hamiltonien d’interaction essentiellement via un facteur
de forme nNN dépendant de la taille du domaine de confinement des quarks. L’utilisation de modéles
réalistes [5, 6] contraints par la phénoménologie permet d’obtenir :

=" ~ 30MeV (19)

La densité scalaire de pions < ®? > directement reliée au commutateur sigma du nucléon est une quantité
tres importante dans 'évolution de la matiére nucléaire vers la restauration de la symétrie chirale, car
gouvernant directement I'évolution de certaines observables. On pourrait cependant contester le nombre
ci-dessus, et I'image sous-jacente d'un nuage pionique important car venant en derniére analyse d’un
type de modeles le privilégiant par construction. Cela étant, et ¢’est un point crucial, la cohérence de




cette approche et la valeur de 25\’,’) sont corroborées par une analyse & partir de données expérimentales
de diffusion Compton. Nous reviendrons sur ce point dans la partie consacrée 3 la matiére nucléaire
(paragraphe V-3.b).

5 - Restauration de la symétrie chirale
a . Evolution des condensats

D’aprés les simulations numériques sur réseau et les résultats obtenus A l'aide de théories effectives
(modéles sigma, Nambu- Jona-Lasinio, théories relativistes), on a de bonnes raisons de penser que la
valeur absolue du condensat de quarks diminue lorsque la température ou la densité baryonique augmente.
Ceci peut-étre interprété comme une indication d’une restauration partielle et graduelle de la symétrie
chirale. Cette évolution du condensat est caractérisée par le rapport :

_ << gg>>(p, T}
B < gg >

R

(20)

ol le double crochet doit étre compris soit comme une valeur moyenne sur I'état de la matiére, soit comme
une valeur moyenne thermique dans le cas d’une matiére hadronique & température finie T et potentiel
chimique baryonique g. On peut définir un commutateur sigma généralisé relatif au milieu dense et/ou
chaud, suivant :

£ =<<[Q},1QF H] >> - < 0l[Q%, [Q%, H]|0 >= fdr2m (<< gg>>—<gg>) (21)

En utilisant la relation GOR, on en déduit que le rapport R est gouverné par ce commutateur sigina
généralisé par unité de volume V :

<<@g>>(pT) _, Vv (22)
<gq > fam}

Dans un gaz de hadrons sans interaction ce commutateur sigma par unité de volume est simplement égal
a la somme sur tous les hadrons présents des commutateurs sigma de chaque hadron multiplié par la
densité de hadrons [7, 8], soit :

b
Ry Y Pehh (23)

s J2m2
Cette densité p,y, apparaissant dans I'expression ci-dessus, est en fait la densité scalaire. Pour préciser
ce dernier point, considérons un gaz de Fermi de nucléons. Le commutateur sigma de ce gaz est calculé

en appliquant le théoréme de Feynman-Hellmann & I'énergie (uniquement cinétique) d’une mer de Fermi
remplie jusqu’a I'impulsion de Fermi pp

X 1 8 4Vdp
7 = v/ ms B Olor —p))
ddp My OMnY _
( | G E—pe(pp—p)) (mG) = pow B (20

avec Ep = (p® + M%)"/2. Aux densités ordinaires, cette densité scalaire peut s’identifier avec une bonne
approximation & la densité baryonique ordinaire. On verra cependant que, lorsque les effets d’interaction
sont pris en compte, la masse du nucléon doit étre remplacée par une masse effective beaucoup plus basse
entrainant une déviation notable de densité scalajre par rapport a la densité baryonique, effet & I'origine
de la saturation dans les théories relativistes. Dans le cas d'un gaz de pions chaud, le méme calcul peut




étre fait a condition de remplacer ’énergie par le grand potentiel (énergie libre) dans le théoréeme de
Feynman-Hellmann; on trouve ainsi :

= (] 85 52) (%)

ou n(z) = 1/(exp(z/T) — 1) est la distribution de Bose-Einstein & température T. Le facteur 2m,
multipliant £y = m,/2 donne le commutateur sigma du pion m2 avec une normalisation covariante. A
Ia limite chirale, le calcul de la densité scalaire est analytique (p;» = T?/8) et on trouve le résultat bien
connu au premier ordre en théorie des perturbations chirales [9, 10} :

T2
R=1-¢7 (26)

Le résultat approché (éq. 23), qui peut se réécrire (sans utilisation de la relation GOR) :

_ Th
|<<dg>>|(pT) =< dg>| - Zpsh2m

peut se comprendre de fagon trés simple. Dans un milieu, la densité scalaire de quark (négative) décrite
par le condensat est diminuée en moyenne du fait de la présence d'une densité scalaire (positive) Xy/m
a l'intérieur de chaque hadron, que cette densité soit dans le coeur de quarks ou dans le nuage pionique
entourant le hadron.

Dans la matiére nucléaire le résultat exact (éq. 22) peut étre reformulé en introduisant un commuta-
teur sigma effectif par nucléon X4 = X/A [11], suivant

< AlgglA > (on) _ | _ pnEa

R= u
< gq> fim2

(27)

Le résultat de plus bas ordre est bien siir retrouvé en remplacant X 4 par le commutateur X du nucléon
libre. Cette approximation conduit & un degré de restauration de prés de 35% & la densité ordinaire.
La question que I'on doit alors se poser est de combien le commutateur sigma effectif £ 4 dévie-t-il par
rapport au comrmutateur du nuciéon libre Xy . Pour y répondre, il faut faire appel & des théories effectives
de basse énergie incorporant outre le nucléon, les hadrons tels que le pion, le delta, le rho, le oméga,....Ces
théories effectives, dont nous verrons des exemples explicites, devront autant que faire se peut incorporer
les symétries de QUCD et satisfaire la phénoménologie usuelle. Plusieurs effets ont été étudiés; nous
verrons que 'effet dominant, ou plus précisément le seul effet important sous contrdle, vient de ’échange
de pions.

b . Les (bonnes) questions

Nous venons de voir que, y compris & des densités modérées, le condensat pouvait diminuer de fagon
notable. Ainsi, dans la matiére nucléaire froide 4 la densité ordinaire régnant au centre des gros noyaux,
cette diminution est déja de 'ordre de 30%. On a par suite quelques difficultés & concevoir comment un
tel effet pourrait ne pas avoir de conséquences observables {12]. La question que ’on doit se poser et
susceptible d’avoir des réponses expérimentales est de savoir comment 1'évolution des condensats va se
traduire sur certaines observables telles que les masses, les constantes de couplage ou les spectres. Deux
types de conséquences ont été envisagées :

¢ La question qui a été de loin la plus discutée est le lien éventuel des condensats de quarks mais
aussi de gluons avec les masses des hadrons. Cependant, au niveau théorique, ce lien explicite n’a
été établi formellement que dans le cas de certains modeéles simples tels que les modéles sigma et
de Nambu-Jona-Lasinio, la plupart du temps 4 partir d’approches basées sur P'approximation du




champ moyen. Des lois d’échelles “universelles” ont aussi été conjecturées, conduisant & ce que
l'on appelle de fagon générique le “dropping mass scénario”. Elles ont eu le mérite de susciter de
nombreux travaux concernant en particulier 'excés de dileptons observé a basse masse invariante
en collisions d’ions lourds relativistes au CERN/SPS.

¢ Il a été montré explicitement que, & température finie, la présence de pions thermiques induisait
un mélange entre les fonctions de corrélation courant-courant axiales et vectorielles. La raison est
trés facile & comprendre : ce mélange provient de I'émission ou de Iabsorption d’un pion thermique
d’onde s de spin-parité J™ = 0. Il a aussi été suggéré qu’un mécanisme analogue existe a densité
finie, le rdle des pions thermiques étant joué par les pions virtuels du nuage pionique des nucléons. La
réponse du milieu & une excitation vectorielle (€lectromagnétique) étant proportionnelle A la partie
imaginaire du corrélateur vectoriel, le mélange au secteur axial entrainera par suite un élargissement
du spectre constituant une explication alternative & I'excés de dileptons précédent. Ce mélange
induit, en corollaire obligé, une diminution des constantes de couplage telles que f, ou la constante
de couplage axiale du nucléon g4. Il est important de comprendre que ce mélange des corrélateurs
peut décrire un scénario de restauration partielle qui peut ne pas étre accompagné d’une évolution
notable des masses. '

Nous reviendrons souvent, et en particulier dans la derniére partie du cours consacrée au méson rho
et a la production de dileptons, sur ces deux types de scénario. Cependant, avant de se lancer dans
une discussion détaillée de ce qui se passe 3 température et densité finies, il est utile de visualiser plus
précisément les concepts introduits précédemment a I’aide d’un exercice basé sur le modéle de Nambu-
Jona-Lasinio.




IIl - LE MODELE DE NAMBU-JONA-LASINIO

1 - Quarks nus et quarks constituants
a . Liens entre les quarks nus et les quarks constituants

On considére des quarks de saveur f = u,d et de couleur ¢ de masse courante m < 10MeV, interagissant
par l'intermédiaire d'un potentiel quartique invariant chiral dont nous préciserons la forme dans la section
suivante. On considérera que I'interaction n’affecte que les quarks (et les antiquarks) d’impulsion p plus
petite qu’une certaine valeur de coupure (“cutoff”) A de 'ordre du GeV; on ignorera ainsi purement et
simplement les quarks et les antiquarks d’impulsion p > A. Ceci est une fagon simpliste de simuler le
fait que, dans QCD, seules les configurations de quarks et de gluons de faible impulsion interagissent
fortement, les configurations de grande impulsion “vivant” dans le régime de la liberté asymptotique.
Dans cette optique, ce paramétre A a un sens physique et n’est donc pas un simple “cutoff” permettant
de régulariser la théorie. .

On omettra dans ce qui suit les indices de couleur et de saveur qui réapparaitront ultérieurement
comme de simples coefficients de comptage de degrés de liberté. Décomposons le champ de quarks sur
une base d’'ondes planes solutions de 1'équation de Dirac pour des fermions libres de masse nue m :

1/2
Yot =3 (2;‘,) (94p.5)bos(t) + o(=p, =s) Ly (1)) P (29)

Pt

ol e, = (p?+m?)}2, V est un volume de normalisation (volume de la “grande boite”), Yp = [Vdp/(2x)
et u et v sont les spineurs de Dirac usuels :

=sp
up.s) = (e 4+ m) (2 ) o(p,s) = (e m) /7 () (29)
ep-tmAS ~8

Xs est un spineur de Pauli vérifiant o.pyx, = sxs (s = £1). Les opérateurs b(t), bl (t),d(t), d (t) ont
une évolution temporelle qui dépend de la dynamique précise (c’est-a-dire du hamiltonien total H). A
I'instant de référence ¢t = 0 ils sont identifiés avec les opérateurs de création et d’annihilation de quarks
et d’antiquarks “nus” de masse m. L’opérateur bf,s crée un état de quark avec une impulsion p et une

projection du spin le long de p (hélicité) égale & s/2. L’opérateur dT_p_, crée un état d’antiquark avec
une impulsion —p et une projection du spin le long de p égale & —s/2 (hélicité s/2). Ces opérateurs
et les opérateurs d’annihilation associés, satisfont les relations d’anticommutation canoniques habituelles

des fermions. Le vide perturbatif |¢g > est le vide des opérateurs de destruction de quarks nus, soit :
bps|do >=10,  dps|do >=0 (30)

On peut toujours, si on le souhaite, décomposer ce méme champ de quarks sur des états ondes planes
solutions d’une équation de Dirac libre pour des fermions de masse M. Il suffira de remplacer les spineurs
u et v relatifs & la masse m par des spineurs U et V relatifs 4 la masse M et les opérateurs b et d relatifs
a la masse m par des opérateurs B et D relatifs & la masse M, soit :

1/2
TEOED (55%) (U019 Bpalt) + Vi—p,=9) DL, _, 1) € (31)
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Cette nouvelle décomposition mathématique aura un intérét physique si, sous 'effet de I'interaction, les
quarks acquiérent une masse M. On dira alors que les opérateurs B et D! sont des opérateurs de création
de quasi-particules de masse M que 'on identifiera avec les quarks et antiquarks “constituants”. La masse
M sera appelée la masse constituante. On étudicra comment ces quasi-particules peuvent étre engendrées
dynamiquement mais il est tout de suite intéressant de visualiser le lien précis existant entre les quarks
“nus” de masse m petite ou nulle et les quarks “constituants” de masse M qui sera fixée dynamiquement




a une valeur de I'ordre du tiers de la masse du nucléon. En identifiant les développements (28) et (31)
pris & l'instant t = 0 du champ de quarks et en utilisant les propriétés de fermeture des spineurs de Dirac,
on obtient les formules de passage :

bps = apBps +3B,D1,_,
dT—p—s = —30Bps +apD?_p_3 (32)

(5) = [3 (147 htm) )

Cette transformation est une transformation de Bogoliubov, usuelle dans le probleme & N corps; la relation
ag + ﬁf, =1 assure la conservation des relations d’anti-commutation canoniques. On appellera vide non
perturbatif |$(M) > le vide des quasi-particules de masse M, défini par :

Bps [#(M) >=0,  Dps|p(M) >=0 (33)

Par utilisation de la transformation de Bogoliubov (32), il est trés facile de trouver le contenu explicite
de cet état de vide en quarks et antiquarks nus

avec

[#(M) > = Cezp (— Y b d“_p_s) |60 >

5,p<A
= I (ep+sBpbleat, ,)ido> (34)
5,p<A
avec Yps = —sff,/a, et C une constante de normalisation telle que < ¢lp >= 1. Cet état est de type

BCS et est constitué de paires de quarks-antiquarks d'impulsion et de spin opposés. Il donne un exemple
de condensat de quarks contenu dans le vide non perturbatif.

b . Charge aziale

Avant de calculer explicitement ce condensat, nous allons tout d’abord montrer que ce vide est un vide
de symétrie brisée en calculant la charge axiale & ¢t = 0 :

Q° = [dr (vrw)
= Z g (b;r)s dt—P—s +d_p_s bPS) + %f (b;,s Dpa = dl’s dps) (35)
4, p<A

On s'intéresse en réalité a la charge isovectorielle, soit par exemple :
T3 i
= far (v 24) =1 [@) - @) (36)
Regardons son action sur les états de vide :

» Vide perturbatif : dans la limite de la symétrie chirale exacte, c’est-a-dire si m = 0, Paction de la
charge axiale donne zéro :
m =0 — Q%o >= 0

Le vide posséde la symétrie. Si m, bien que petite, n'est pas tout a fait nulle, on a une petite
brisure explicite de la symétrie chirale.

* Vide non perturbatif : ce vide n’est pas le vide des opérateurs de création de quarks nus et I’action
de b et d sur ce vide ne donne pas zéro, par conséquent :

QlP(M) ># 0

On dit que 'on a un vide de symétrie brisée.




¢ . Fualuation du condensat
Considérons pour P'instant une seule espéce de quarks : la valeur moyenne de 'opérateur % sur un état
de vide s’écrit :

n dp m t
<P>=% f,, g <o (8t bps — dps ) — . P (bhyd! oy +dopsbps) > (37)

On envisage de nouveau deux cas suivant que la moyenne est prise sur le vide perturbatif |¢y > ou sur
le vide non perturbatif |¢(M) > :

» Vide perturbatif : a la limite chirale exacte, le condensat s’annule. En présence d’une petite masse
de quarks, on obtient un condensat perturbatif trivial.

¢ Vide non perturbatif: méme 4 la limite chirale, dans le vide brisé, les densités “anormales” < otdt >
et < bd > ne sont pas nulles et on obtient un condensat non perturbatif provenant de la brisure de
symétrie.

Pour avoir une valeur explicite de ce condensat dans le vide non perturbatif, il est plus commode de
décomposer les champs directement en représentation B, D; on obtient ainsi :

<> [ B B < H| (B, B - Dpe DY) 1600 > 68)

avec < B’,TJs Bps >=0et < Dy, DLS >=1

d . Ewvolution des condensats : restauration de la symétrie chirale

Pour obtenir le condensat réel < gg > défini conventionnellement pour une saveur, il faut multiplier le
résultat précédent par le nombre de couleur N, = 3. Par ailleurs, le résultat établi dans le vide (éq. 38)
se généralise 4 température 7' et densité baryonique pp finies en remplacant les valeurs moyennes par des
moyennes thermiques :

E, — =1 E -1
<< BI,SBPS S>o= [e:cp (—&j;--&) + l] =n(E,), << D;waps S= [e:cp (%) + l] = A{Ep)

(39)
i est le potentiel chimique des quarks et celui des antiguarks est —pu car le nombre baryonique conservé
est égal au tiers de la différence du nombre de quarks et d’antiquarks. p est fixé par la densité baryonique
P8

1
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po = 3 -2spin) . Asaveur) . 3(couleur) | » (2,”)3 (n(E,) - n(Ey)) (40)
A densité pp et température T fixées, le condensat est :
_ dp -
<< gg>>{pp,T) = ~2N, =g (1 — n(Ep) — (Ey)) (41)
p<A (271')

It en résulte que la présence de quarks et d'antiquarks fait diminuer le condensat et cela, de fagon
indépendante du mécanisme dynamique précis gouvernant I’évolution de la masse. En particulier &
température nulle et densité finie caractérisée par un moment de Fermi pr = (u? — M?2)1/2, on a n(E,) =
O(pr — p) et A{Ep) = 0, si bien que :

A dp E
e (27 E,

<< g >>= -2 N, / (42)
P




qui s’'annule lorsque py atteint la coupure A. II est intéressant, & cet égard, de visualiser 'état de cette
matiére froide obtenu comme un déterminant de Slater construit sur le vide |¢(M) > :

[¢(M,pp) > = T[] Bi,le(M)>
$p<pr
= JJ bk, II (a,,+sﬁpbl,,d1_p_s)|¢o> (43)

L,P<PF S, pr<p<A

Ainsi, la mer de Fermi de quarks constituants apparait, une fois exprimée en termes des quarks nus,
comme une mer de Fermi de quarks nus immergée dans un condensat de quarks d’impulsions comprises
entre pr et A. Au fur et & mesure que la densité augmente le condensat diminue car les paires de quarks-
antiquarks d’impulsions inférieures au moment de Fermi disparaissent du fait du principe de Pauli. En
particulier, lorsque ce moment de Fermi atteint A, la symétrie chirale est complétement restaurée. On
verra que, en fait, la restauration se fait un peu avant lorsque on incorpore la dépendance en densité de
la masse constituante.

2 - Brisure dynamique de la symsétrie chirale et sa restauration
a. FEquation du gap

Dans sa version la plus simplifiée le lagrangien du modele NJL [13] est :
= = G [, - - 5.,\2
Crn =79 — mi + G [0 + (r70)’] (49

ot ¢ est un isodoublet de champs de quarks u et d. m est la petite masse nue introduisant une petite
brisure explicite. La physique non perturbative est décrite par le terme d’interaction (dont on peut
vérifier facilement qu'il est invariant chiral) gouverné par la constante de couplage positive G, si bien
que la partie scalaire du hamiltonien d’interaction conduira & une interaction ¢g attractive. Par ailleurs,
cette interaction n’est supposée étre active que pour des impulsions de quarks et d’antiquarks inférieures
au “cutoff” A; Cela revient en pratique A limiter le développement des champs sur des états d'impulsion
inférieure & A. Notons enfin qu’il y a trois paramétres dans ce modgle - m, () et A

On va traiter le probléme 4 I'approximation du champ moyen qui, & température finie, est parfois
appelé principe variationnel statistique. Sans entrer dans la technique (qui n’est d’ailleurs pas trés
compliquée), la méthode peut se résumer de la facon suivante. On commence par développer les champs
de quarks sur des états libres de masse M qui est le paramétre variationnel. On calcule le grand potentiel
0 =<< H-TS§—u(Ny~Ny >> & température 7T et potentiel chimique de quarks p (H est le hamiltonien
et S l'entropie); la moyenne est prise sur bain thermique de quarks et d’antiquarks constituants de masse
M sans interaction. La minimisation du grand potentiel par rapport & M conduit & une équation dite
du gap par analogie avec la terminologie utilisée en supra-conductivité. Cette équation déterminant M
s'écrit :

M m — 2G) << §g >>

dp M
= N .
m+ 4N G, -/1;<A @) E,

[1 — n(Ep) — A(E)] (45)

Cette équation, représentée sur la figure 1, est formellement équivalente & une équation de Hartree-
Fock dans un milieu constitué de quarks d’¢énergie E, (mer de Fermi) présents avec le nombre occupation

n(Ep) et d’états A énergie négative —E;, (mer de Dirac) présents avec le nombre d’occupation n(—E,) =
n(Ey) — 1.




Figure 1: FEquation du gap permetiant de déterminer la masse du quark constituant. La ligne fine
représente un quark nu et la ligne épaisse représente un gquark constituant.

b . Brisure de la symétrie chirale dans le vide

Placons nous a la limite chirale (m = 0). L’éguation du gap admet toujours comme solution triviale
M = 0 qui correspond & un vide symétrique. Cependant, il n’est pas trés difficile de voir que si la
constante de couplage G est supérieure 4 une certaine valeur critique G, I'équation du gap admet aussi
une solution non triviale donnée par :

1 dp 1
— =4N, [ ———— — 46

Cette solution, dont on peut vérifier qu'elle donne I’énergie minimale, correspond & une brisure de la
symétrie chirale. On peut alors fixer les paramétres en ajustant certaines observables, ce qui conduit a
une masse constituante de Pordre du tiers de la masse du nucléon. Je n'entrerai pas dans ces détails
d’autant plus qu'une bonne phénoménologie requiert une version plus élaborée du modéle [14, 15].

¢ . Restauration de la symétrie chirale

On a déja vu que a température nulle et densité finie la présence d’un nombre “net” de quarks avec
p < pr interdit 'existence d’une paire q7 dans ce domaine d’impulsion; le condensat ne subsiste que
pour des impulsions comprises entre pr et A, impliquant que la symétrie est obligatoirement restaurée a
pr = A. En réalité la restauration se fait un peu avant (moment de Fermi critique Pr.), au point ot la
solution non triviale de 'équation du gap (45) tend vers zéro, soit :

A 9 - N\ 32
1 4Nc/ dp 1 2N 5 _ 2Ne g (1_27r | < gg > ‘mde) 1)
PFe

G- @ PBe = G5 PFe = 3 NeA?Myige

On peut déterminer de facon similaire la température critique T,. Sur la figure 2 est présenté le résultat
d’un calcul (dans une version plus élaborée du modéle {16}) : la densité critique est de I'ordre de 4 & 5
fois la densité normale et la température critique est de 'ordre de 250MeV/ .

Le commutateur sigma du quark constituant dans le vide peut se calculer avec le théoréme de
Feynman-Hellmann, et I'équation du gap dans le vide :

oM

qum—-—-—zm(l + 234G, (48)

om oM

< qq> ) -1
Suivant la référence [16], on trouve alors £, ~ 14MeV qui est remarquablement proche du tiers de la
masse du nucléon en accord avec la vieille idée d’un nucléon fait de trois “gros” quarks constituants. A
basses densités et températures, on retrouve dans ce modele spécifique le résultat approché (éq. 23)

Rl Patr)E
fims

dp M ,
- = E
avec pgt+pg =12 <A (27)3 E, [n(Ep) + f(Ep)| (49)
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Figure 2: Condensat de quarks en fonction de lo température et de la densité tiré de la référence [16].

A température nulle et densité baryonique finie (p, = 3pg, g; = 0), étant donné que ¥, ~ Yn/3, on
retrouve la loi gouvernant Pévolution du condensat dans la matiere nucléaire froide R = 1- py X/ f2m?2
s1 P'on identifie la densité baryonique avec la densité nucléonique. Par contre, & température finie on
ne retrouve pas (dans la limite chirale) la loi en 72, R = 1 — T2/8 f2. Cette violation d’une loi des
perturbations chirales n'est pas étonnante car cette évolution provient de la présence de pions thermiques
qui sont absents dans le modéle & ce niveau d’approximation du champ moyen. L’introduction des pions et
plus généralement des mésons se fait 4 un niveau d’approximation supérieure (répertoriée habituellement
sous le nom de RPA) ol ils apparaissent comme des modes (plus ou moins) collectifs quarks-antiquarks.
On pourrait suivre cette approche qui constitue d’ailleurs un des succes majeurs du modéle NJL, mais on
préférera dans la suite, dans un souci de simplicité, introduire les pions directement 3 I’aide de lagrangiens
effectifs formulés directement en termes de champs canonigues.
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IV - MATIERE HADRONIQUE CHAUDE

1- Construction d’une théorie effective : modéle sigma linéaire

A basse température, seules contribuent les excitations thermiques associées aux particules les plus légéres
& savoir les pions. On peut formuler le probléme de la matiére hadronique dans ce régime directement en
termes de pions; on aboutit alors & ce que V'on appelle le modéle sigma non lindaire. On va cependant,
essentiellement pour des raisons pédagogiques, emprunter un chemin un peu différent et commencer par
introduire ce que P'on appelle le modéle sigma linéaire [17]. Ceci nous permettra d’illustrer concrétement
dans un cas trés simple les méthodes permettant de construire une théorie effective.

Supposons que I'on essaye de canstruire une théorie chirale des nucléons. On introduit tout d’abord
U'isodoublet de champs de proton et de neutron que I'on décompose exactement comme pour les quarks
en champs de chiralité gauche et droite se transformant séparément sous une transformation chirale avec
des matrices de SU(2) que 'on notera gy, et g :

we) = (P)) = w@ +vne) ) > ouvile)  dele) > gnvald) (50
Comme on le fait souvent, on va essayer de partir d’une théorie de nucléons libres :

L=y Ou1p — My = ihpv"O,pr + WRY0uYr — My (YLYR + PriL) (51)

Cependant, la masse élevée du nucléon My = 940MeV entraine une “énorme” violation de la syméirie
chirale; on va donc essayer autre chose en effectuant le remplacement :

Lar=—Mpy (YL¥r + ¥r¥L) = Ly = —g (‘/;L W(z)yr + ¥ Wi(z) ‘»bL) (62)

oll g est une constante et W{z) est une certaine matrice 2x2 & qui 'on demandera de se transformer

suivant W{z) — g, W(z) g}; de fagon & assurer I'invariance chirale du lagrangien. On paramétrise cette
matrice W a l'aide de quatre champs réels o(z) et 7(x) = {(m(z), ma(z), 73(x)), suivant :

W(z) = o(z) + i7.7(z) (53)

En introduisant les projecteurs de chiralité Py = (1 + v5)/2, le lagrangien £ps peut se rééerire sous la
forme :

Ly = =g(blo +i7H)Pry + (o — iF.7)Pry)
= —g¢(o + iT.7ys)h) (54)
L’invariance d'isospin, de Lorentz et la parité impliquent que le champ ¢ est un scalaire isoscalaire de

nombres quantiques J™ = 0%, I = 0 et que le champ 7 est un pseudoscalaire isovecteur, ce qui correspond
aux nombres quantiques du pion J* =0", I = 1.

On doit maintenant donner un contenu dynamique 4 ces champs mésoniques par adjonction d’un
terme d’énergie cinétique invariant chiral et d'un terme potentiel contenant une petite brisure explicite :

Lp= .% oo + %aﬂﬁaﬁ'ﬁ — V(o,7) (55)

Le terme potentiel invariant chiral sera construit 4 partir de la combinaison invariante trWW1 = g2 + 72,
On choisira la forme la plus simple :

V(U., T_T‘) =

| S

(02 + 72— v2)2 —co (56)




Le premier terme qui est invariant dépend de deux paramétres A et v%; pour des raisons de stabilité ) est
toujours positif. Le terme de brisure est gouverné par le petit paramétre ¢. Le courant axial dy modéle
s’obtient facilement comme : _ r

AL =915 ¥ + 08 m, — md¥o (57)

Il n’est pas tout A fait conservé en présence de la brisure explicite 8, 4L = —cm,. Par ailleurs, la forme
spécifique du terme de brisure permet de reproduire I'identité de QCD :

(@8 1QF, Hll = —8u [ dreo = Hysp (58)

On se place tout d'abord dans la limite chirale (c=0). L’tat de vide décrivant la configuration
fondamentale est obtenue en minimisant le potentiel V (o, 7). Deux cas sont & envisager.

e Siv? < 0. Le minimum est obtenu si o2 + 72 = 0 et I'état de vide |0 > vérifie donc < 0|0 >=<
0{7|0 >= 0. Le vide posséde la symétrie qui est réalisée “4 la Wigner”. Du lagrangien, on obtient
le spectre de masse : le nucléon a une masse nulle et le pion est dégénéré avec son partenaire chiral
le sigma avec la masse v/—Av2. Dans cette option le modéle sigma linéaire n’a aucun rapport avec
la réalité.

e 5 v? > 0. Le potentiel présente une forme typique dite de “chapeau mexicain” (fig. 3). La
configuration fondamentale est obtenue sur le “cercle chiral” o2 + 72 = 2 et le vide est infiniment
dégénéré.  Soit |0 > I'état particulier tel que < 0loj0 >= v et < 0|7|0 >= 0; ce vide n’est
manifestement pas invariant chiral et on peut obtenir une infinité d’autres vides dégénérés | >=
exp(iQ®)|0 > par “rotation” sur le cercle chiral et il y a brisure spontanée de la symétrie. Il est
cependant plus commode de construire le spectre des particules sur le vide particulier [0 >. En
introduisant le champ fluctuant s = ¢ — v, on déduit du lagrangien le spectre My = gv, m, = O ¢t
me = 2Av%. On retrouve bien une particule de masse nulle, boson de Goldstone qui est le pion.

Si le terme de brisure explicite est incorporée la configuration fondamentale est donnée par la solution

de :
53—Y=Aﬁ(02+ﬁ2—v2)=0, Q‘i:)\a(a2+ﬁ2—-vg)-—c=0 (59)
of do
Cette fois-ci, la présence du terme de brisure fixe la “direction” du champ chiral : # = 0, tandis que
@ est solution de I'équation Ao(o? — v?) = ¢. Par ailleurs, o doit étre identifié avec la constante de
désintégration du pion (voir I'équation 57) et lintroduction du champ fuctnant s = o — fr permet
d'obtenir le spectre. On peut ensuite fixer les quatre paramétres (X, v2, ¢, g) en fonction de gquatre
observables (My, my, mg, fr) :

M mZ — m? m2 — 3m?2
2 N o x 2 2y L

c= famZ, = A= T T i i T (60}
fﬂ’ " 9 fﬂ' L] sz% f?r 3_“_ gr

2 - Modele sigma non linéaire

Lorsque la constante A tend vers I'infini, le méson sigma disparait car sa masse tend vers 'infini et v2
tend vers f2. Le systéme est alors “gelé” sur le cercle chiral et le champ scalaire sera éliminé par la
contrainte non linéaire :

o?(z) + #2(z) = f2 (61)

La matrice W pourra s’exprimer en terme d’une matrice unitaire U définie par :

W=o+ifi=fU  UU =1 (62)




U(o,r)

v

Figure 3: Potentiel de “chapeau mezicain”.

En se limitant pour ce qui suit au secteur mésonique, on obtient ainsi le lagrangien du modéle sigma non
linéaire :

_f2 t oy 2 0 t :
£="TtraUdU! + Jfimitr (v+ut) (63)

Ce lagrangien, que 'on pourrait d’ailleurs étendre A Poctet pseudo-scalaire de SU(3) (=, K, n), constitue
le premier terme d’un lagrangien de perturbations chirales au plus bas ordre dans les dérivées des champs
et dans la masse des pions {18]. 1l s’agit alors en principe d’une copie exacte de QCD en ce qui concerne
ses prédictions dans le régime des basses impulsions. On peut exprimer la matrice U/ ou bien les champs
o et 7 en termes de trois "nouveaux” champs de pion canoniques 3

- - o 1/2
U = empir. 2 EX) o (22)  FX)=X +aX® +a X0+
fo X f‘.'r

o= frcos[F(X}], ﬁ:éw

ol F(X') est un polynéme de degré impair. Différents choix sont faits dans la littérature : F(X) = X est
habituellement utilisé dans les développements en perturbations chirales; F(X) = arcsin{X/{(1 + X?/4))
{soit @ = —1/12) est le choix de Weinberg; la prescription PCAC F(X) = arcsinX — « = 1/6,
correspondant 4 & = 7, permet de conserver la relation PCAC au niveau opératoriel soit 9,A4% =
—fxm2®;. Bien entendu, aucune observable ne doit dépendre du choix particulier de F(X); Il est
néanmoins important de vérifier 'indépendance des résultats vis-a-vis de F(X), ¢’esi-a-dire en pratique
dans la suite vis-a-vis de . A Pordre quatre dans le champ du pion le lagrangien devient :

(64)

1 = foucd 1 =]
L = Eaﬂ@.aﬂ@ -5 28.8 + Ly
- e - = — - 1 =] - = =
Ling = L [~m$, (a - i) (@.9)2 + (a - 1) ¢.98,0.0"0 + (2a + —) $.9,P q:.aﬂcp] (65)
f2 24 6 6

A l'aide de ce lagrangien on peut calculer, par application directe des régles de Feynman, 'amplitude
de diffusion pion-pion pour le processus wo{gs) + m{gs) — 7c(g:) + ma(ge). Les indices d’isospin
a,b,c,d = 1,2,3 sont des indices dans une base cartésienne de 'espace d’isospin; on introduit également les




vartiables de Mandelstam s = (ga+¢)° = (ge+qa)?, t = (go —ge)? = (p—gall et u= (Ga—g4)% = (gp—qc)?
qui vérifient s+t +u = 7, ¢2. Cette amplitude se met sous la forme :

< QQQd'vIQMQb >= JabaodMs + bocdbag M, + Jadabc M, (66)
avec
1 2 1 d 2 2
My=omi—s+2(a-2]3 (m2-g}) (67)
f"' 6 i=a

et des expressions similaires pour M; et M, en remplacant la variable s par les variables ¢ et u. Pour
Pamplitude physique olt tous les pions sont sur leur couche de masse (@ = m2), Pamplitude devient bien
sir indépendante de la représentation particulicre utilisée, c’est-a-dire indépendante de o. Les projections
sur les différents canaux d’isospin I = 0,1, 2 sont :

MO =3M, + My + M, M= My~ My, M? = My + M, (68)

Les longueurs de diffusion pion-pion sont obtenues en prenant I'amplitude sur couche au seuil (s =
4m2,t = u = 0); on obtient alors le résultat de Weinberg {19] :

1 0 1 7m? 1
= — = =0.154
%0 32mm, 32rm, f2 0-154m,
1 5 1 2m2 ~1
= - = — —= = —0.044 69
“2 327m, I2rmy  f2 Oadm, (69)

Ce résultat est exact au sens des perturbations chirales, au plus bas ordre dans la masse du pion.

3 - Gaz de pions chaud

Si on chauffe de la matiére hadronique les différents hadrons vont apparaitre avec une densité gouvernée
par les distributions de Bose-Einstein ou de Fermi-Dirac. A densité (potentiel chimique) baryonique
nulle, tant que la température n’excédera pas la masse du pion qui est beaucoup plus petite que toutes
les autres masses hadroniques, ce milieu sera peuplé pour I'essentiel de pions. On s’attend i ce que un tel
gaz de pion soit produit dans la région centrale des collisions d’ions lourds dans le régime ultrarelativiste
ol tout au moins que la densité de pions soit beaucoup plus grande que celle des autres particules.

a . Quasi-particules

Dans un milieu dense et /ou chaud, le propagateur du pion est modifié du fait de ses interactions avec les
autres particules :

D(k) = Dw,k) = (* ~ w} — S(w,k;T)) " (70)

ou S(w,k;T) est la self-énergie des pions & Ia température T. L’énergie wg(T) des quasi-particules
(quasi-pions) dans le milieu est obtenue comme solution de I'équation de dispersion :

wi (T} = wi + Re S(wi(T),k;T) (71)
Si la self-énergie a une partie imaginaire, les états de quasi-particules acquiérent une largeur I" :
M) = - | Lrm Slw, k; T)] =717'(k) (72)
w w=wi(T)

Cela se traduit physiquement par le fait que les quasi-pions ont un temps de vie fini 7 = ['"!. Plusieurs
niveaux d’approximation {ou de sophistication) sont utilisés pour le calcul de la self-énergie et des pro-
priétés des quasi-particules. On peut utiliser une approximation de type champ moyen dans laquelle la




Figure 4: Self-énergie du pion provenant de son interaction avec les pions du bain thermigue é la
température T,

self-énergie d'un pion (w,k) d’isospin a est obtenue de facon self-consistante en calculant I'interaction
moyenne de ce pion avec les pions du bain thermique (w},q) d’isospin ¢ (fig. 4) :

dq

Sl T) = [Wn(w;)z <a:(wk),c:wna)lTla: (k) c:@ha) >  (73)
C

ou n(z) = 1/{exp(x/T) — 1) est la distribution de Bose-Einstein 4 la température T. Une fois que la

somme sur I'isospin ¢ des pions thermiques est effectuée, cette self-énergie pent s’exprimer en fonction

des amplitudes dans les canaux d’isospin 7 = 0, 1,2, suivant :

S(u,k;T):f(2 T n(wq)z q,q)l%(7'0+37'1+5T2)|(w,k),(w;,q)> (74)

Cette quantité met en jeu une amplitude hors-couche et par suite nécessite un modéle spécifique. On peut
utiliser, comme premiére approximation des éléments de matrice de 77, les amplitudes M’ du modéle
sigma non linéaire (éq. 67, 68) calculées pour s = (w+w;)? -~ (k+q), t =0et u = (w—w})? — (k—q)%
Dans ce cas les quasi-particules n'ont pas de largeur et on obtiendra les résultats de plus bas ordre en
perturbations chirales. La self-énergie est [20] :

1 d . ‘
SwisT) =5 [ Gy MR (= 2807 - @ =+ 0 K -l (75)

oil le paramétre & dépend de la représentation choisie :

ﬁ=1+10(a—%) (76)

On peut alors chercher la solution de I'équation de dispersion (71) sous la forme :

1/2

Wi(T) = (K + m;(T)) (77)

A ce niveau, il est utile de developper le champ du pion sur des opérateurs d’annihilation By (t) =

By exp(—iwgt) et de création B (t) de quasi-pions de masse m}(T), avec une normalisation discréte
{(grande boite de volume V) :

1 1/2 .
B(r(t) =3 ( ) (Bu(t) + By (1) ™~ (78)
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La valeur moyenne de ®? dans le bain thermique de quasi-pions s'écrit en ne gardant que la partie
thermique :

o dk ;
<< 9? >> (T) =<< 2@ >>=3 -/-W ?% = 2050 (79)

et s’identifie avec deux fois la densité scalaire de pions déja introduite dans I'équation (25). On voit
immédiatement que, avec la relation de dispersion (77), la self-énergie s’exprime complétement en fonction
de << ®? >>; un petit peu d’algébre permet d’aboutir & la forme suivante du propagateur de pion dans
le milieu :

Y — Z(T)
D(w, kT = ——= T (80)
2 _ 1+ 28/3 << /52 >> 2 _ << @2>>\""
") = T W + 3 <<arEss e L) = (1 T (81)

1l apparait que dans la limite chirale le pion demeure non massif. Ceci est une conséquence du théoréme
de Goldstone car, si la température est suffisamment faible, la symétrie est encore spontanément brisée.
Toutefois, en présence d'une brisure explicite (m, # 0), la masse du pion dépend de la représentation,
ce qui est inacceptable pour une quantité physigue. Cette dépendance disparait néanmoins au plus bas
ordre en << @ >>% On doit par suite en conclure que le calcul ci-dessus n’est cohérent qu’a 'ordre
@2, En réalité un calcul d’ordre supérieur nécessite d’incorporer d’autres contributions & la self-énergie
et d’autres termes au lagrangien effectif. Si on se limite au plus bas ordre, on obtient :

2 2
My << D >>
=1 —_— 82
m2 + 612 (82)

Dans la limite chirale, le calcul de (79) est analytique , << ®2 >>=T/4, ce qui donne :

mtﬁ! T?
m — 1 -
mZ T 242 (83)

Il s’agit d’un résultat exact, conséquence de la symétrie chirale seule, dans la limite de basse température
[9]. La modification relative de la masse du pion demeure relativement faible pour des température
modérées de I'ordre de f,. Ce résultat a cependant une utilité pratique relativement limitée du fait de
la faiblesse de I'effet provenant de la forte compensation entre les amplitudes d’isospin I = 0 (M?) et
I =2(5M?). Par suite, les corrections d’ordre supérieur mémes modérées (typiquement 20%) amenant les
longueurs de diffusion ag et a; & leurs valeurs expérimentales peuvent notablement modifier la combinaison
M?P + 5M? dominant a basse température. Par ailleurs, I'influence de I’amplitude I = 1 dominée par
'onde partielle I = 1 (canal du méson rho), bien que donnant une contribution en T4, se fait sentir
trés rapidement avec I’augmentation de température. Comme on le verra plus loin, ces éléments, une
fois incorporés dans des approches allant au dela des perturbations chirales, conduisent plutét 4 une
diminution de la masse du pion & des températures de l'ordre de 100 — 150 MeV, méme si le résultat
précédent demeure valable lorsque la masse du pion et la température tendent vers zéro.

Il apparait dans le propagateur du pion un résidu Z,. Au plus bas ordre en << ®2 >> donc en
température ce résidu est:

<< P>
3f2

Ce résidu, qui correspond dans la terminologie habituelie de la théorie des champs & une renormalisa-

tion VZ, de fonction d’onde, n’a donc pas de sens physique absolu. Cependant, on verra ci-dessous

que, combiné 4 des renormalisations de vertex, il conduit & des résultats physiques (indépendants de la
représentation) des observables telles que la constante de désintégration du pion.

Z(T)=1~p (84)




b . Evolution du condensat de quarks

L’évolution du condensat peut étre calculée dans la théorie effective en “suivant™ Pévolution de la partie
du hamiltonien brisant la symétrie chirale :

_<<§g>>(T) << Hysp>>(T) <<a>>(T)

R =
< ggq > < Hysp > fx

=<< cos {F(X)] >> (T) (85)
Nous allons calculer cette quantité & I'ordre * en développant F(X) puis son cosinus :

2
R=<<cos[F(X)] >> (T)=<<1 — 1 _ (a—%) %—?—% >> (86)

2 /2

1l faut, pour calculer la valeur moyenne de ®2, prendre en compte Peffet de la renormalisation de fonction
d’onde, soit :

<< P> 5 S< @2 >> 1_5<< P2 >>\ << P>
2f2 Too2f2 - 3f2 22
< §? 1 < P2 >>?
_ S>> (§a _ -) <& >>7 (87)
2f2 39 s

La valeur moyenne de ®2®? se calcule & Paide du théoréme de Wick en remarquant que chaque composante
d’isospin 4 contribue pour un tiers 4 la valeur moyenne de &2 :

<< BB >> = N << Bi® >><< 8P, >> 42 << B8, >><< BB, >>
i

s = << Pt >n?

- 2552 -
= << @ >> +2ZJ,,J( 3

2
<< ¢? >>) 5
iy
La dépendance en « disparait pour donner finalement [20] :

<< P2 >> D2 »52
R = 1. =< <<

ot Af
Psz L 1 (Psrr E?r) 2
- _Z 88
: f. 1%77"# 6\ f gm'rr (88)
A la limite chirale on obtient le résultat exact a I'ordre T [9, 10] :
2 4
R=1- 1L r (89)

87 384f]
qui étend le résultat de I'’équation (26). La correction en T* demeure trés petite dans la gamme de
température pertinente T' < 150MeV.

c . Constante de désintégration du pion

Pour calculer la constante de désintégration du pion, on doit tout d’abord obtenir une expression du
courant axial. La fagon la plus simple est de partir du modéle sigma linéaire et d’effectuer ensuite la
transformation non lindaire en se limitant & 'ordre 93 :

Al = o m; — mbFo == fr

(1 (&) pas b (as) 0re] @
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A température nulle, seul le premier terme f,5*®; contribue & 'élément de matrice du courant axial
entre un état de pion et le vide. Dans le milieu, la présence des pions thermiques renormalise cet élément
de matrice. On définira un courant axial effectif en remplagant les ®;®; par leurs moyennes thermiques,
80it :

2\ << ®?>> 1 2\ << P2 >>
(Af)eff = frr [(1 + (a— 5) T) 3"@,— + 5 (2a+ g) Ta”@,:l
2
= Ja [1+ (g - %) %?3] 9, (91)

La renormalisation de veriex dépend de la représentation mais une fois que la renormalisation de fonction
d'onde (éq. 84) est incorporée, celle-ci disparait. La constante de désintégration i température finie est
donnée par {20] :

f7(T) B 1\ << $?>> 1<< ®2>> 2 psxLn
A 1+(E‘§)f—;~; B R B == (92)

A la limite chirale, ceci donne :

In 12f2
ce qui est de nouveau un résultat exact i l’ordre T2 [9], conséquence seulement de la symétrie chirale. Par
ailleurs, on voit que ce paramétre d’ordre diminue comme 2/3 de la variation du condensat de quarks.
Comme cela a déja été dit, cette diminution de la constante de couplage axiale s’accompagne en réalité
d’un mélange des courants vectoriel et axial {21} ce qui est une manifestation de la restauration partielle
de la symétrie chirale. On notera également que, 4 cet ordre, la constante de couplage f: est renormalisée
identiquement pour la partie de temps et la partie d’espace du courant axiale, bien que, de fagon générale,
la présence d’un bain thermique brise Pinvariance de Lorentz.

L@ _ 1 (03

d . Approches phénoménologiques

Lia description des quasi-particules utilisées précédemment est basée sur une interaction pion-pion proven-
aut du modéle sigma-linéaire A 'approximation de Born. Comme on vient de le voir, elle permet de
retrouver les résultats exacts de la théorie des perturbations chirales, &4 basse température et lorsque
la masse des pions tend vers zéro. La description de la dynamique des pions, copieusement produits en
collisions d’ions lourds ultrarelativistes, nécessite d’aller au dela et en particulier d’utiliser une interaction
pion-pion unitarisée. Ceci peut se faire en partant d’un certain potentiel pion-pion (issu par exemple de
la théorie effective précédente ou d’une approche plus phénoménologique) qui est ensuite injectée dans
une équation de diffusion de type Lippmann-Schwinger. Cette procédure souvent utilisée conduit en
genéral & d’épineux problémes de compatibilité entre 'unitarité et les contraintes de symétrie chirale.
Des solutions partielles, mais néanmoins satisfaisantes, & ce probléme existent mais il serait un peu long
de traiter cette question ici. Je discuterai seunlement les approches éliminant au maximum la dépendance
de modeles. Si les effets de milieu sont modérés on peut ne plus exiger la self-consistance de 1'équation
de dispersion et remplacer énergie dans le milieu par 1'énergie dans le vide. Sous ceite hypothése, la
self-énergie servant & calculer les propriétés des quasi-particules sera :

dq

Slwe, k;T) = 2w,

n(wg) < kg %(7*3 +3T £ 5Tk, q > (94)

L’avantage est que les éléments de matrice peuvent étre obtenus directement & partir des déphasages
expérimentaux correspondant aux ondes partielles de moment orbital { dans le canal d’isospin 1.

1
3 tand} (s)

k,q|T' |k, ¢ >= ~32 (;.)’ 1) ———

< k. q|T |k, q > " 2 (2 )1—itan6{(s)

95
s~ 4dm?2 ; (95)
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avec 8 = (wy -l-m(,-,)2 ~ (k+q)2. En utilisant le théoréme optique, on montre que la largeur des quasi-pions
d'impulsion k se met sous la forme :

dqdk'dq 2I+ 1| <K, ¢|T k,q> 2
r'k) =
( ) / ( 7[' q) Z 2wk2wq2wk12wqf

L’interprétation de cette formule semble a priori évidente : il s'agit du taux de collisions subies par le
pton avec un pion thermique existant avec le nombre d’occupation n(wyg), la collision se produisant avec
une probabilité gouvernée par le module carré des amplitudes de diffusion. Cependant, cette formule
viole manifestement les contraintes liées a la statistique de Bose. Le facteur thermique devrait en effet
étre remplacé par :

@m) ik +q—K —q) (%)

n{wq) = n{wg) [1 + nlwi)] [(1 + nwy)] — nlwi) nwe) [1 + nlwy)] (97)

Dans le premier terme du membre de droite, les facteurs (1 + n) incorporent I'effet des corrélations de
Bose; c’est ’analogue du terme (1 — n) décrivant le blocage de Pauli des états de fermions déja occupés
dans le bain thermique. Le deuxiéme terme traduit la possibilité que les pions k' et ¢’ préexistant
dans le bain thermique interagissent pour recréer le pion de départ k avec un facteur d’augmentation
de Bose lié an pion g. Pour comprendre 'origine de ce défaut (violation des contraintes de Bose) dans
Pexpression (96) de la largeur, nous allons envisager une approche (théorie effective) & partir de laquelle
on peut construire un certain potentiel pion-pion V! pour chaque canal d’isospin. On écrit ensuite une
équation de Lippmann-Schwinger qui permet de déterminer une matrice de diffusion unitarisée dépendant
de Pénergie E = (s + P2)!/2 de la paire de pions interagissant d’impulsion totale P. Sous une forme
schématique, elle sécrit :

<k, k| T (E)ks ks > = < ki, ko|VI(E)lks, ke > + = Z < k1, kalVHE) ks, kg >
34

T(E) < ka, ka|TT(E) ks, ko > (98)

ot G™ est le propagateur 4 deux pions qui joue le role de la fonction de Green usuelle (£ — Hy + in)~!
apparaissant en théorie non relativiste de la diffusion. Le point important est que, a température finie,
celui ci est modifié. En utilisant des techniques standard de théorie des champs A température finie (par
exemple le formalisme de Matsubara), on montre que :

wy+wyg 1+ n(ws) + nlw,)
2wawy (E +1in)? — (w3 + wy)?

(E) = (99)
L'effet du milieu chaud provient de l'apparition des facteurs thermiques dans le propagateur a deux
pions entrainant par suite une dépendance de la matrice 7 dans la température. Comme on peut le
montrer [22}, ce sont précisément ces facteurs thermiques intervenant dans le propagateur & deux pions
qui permettent d’obtenir dans l'expression de la largeur {éq. 96), le facteur de Bose correct (éq. 97).
Ainsi, la prise en compte simultanée des contraintes d’unitarité et des corrélations de Bose & température
finie impliquent que l'interaction pion-pion, c’est-i-dire la matrice 7, doit étre modifiée & température
finie. Ceci est bien évidemment un élément important [23, 24] 4 inclure dans la dynamique des pions
en collisions d’ions lourds relativistes. Cet effet qui a été incorporé dans les calculs dynamiques (codes
de transport) visant 4 reproduire les spectres de pions [25] nécessitent I'utilisation d’un modéle qui sera
bien siir contraint au moins partiellement par les données de diffusion dans le vide. Dans lesprit de
ce qui précéde je me contenterai de mentionner I’approximation dite de la matrice K [22] qui, bien que
notoirement insuffisante dans certains cas, a le mérite d’éliminer I'incertitude lié au comportement hors
couche apparaissant dans Pétat intermédiaire de I'équation de diffusion. Dans cette approximation (qui
revient 4 ne prendre en compte que la partie imaginaire du propagateur & deux pions) I'amplitude vers
lavant figurant dans ’expression de la self-énergie acquiert une dépendance explicite dans la température :

tand! (s)
—1 <14 20> (T)tand(s)

< kg TUB)k,q > (T) = —32n ( 2) Z (2 +1) - (100)

fl'
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L'effet de température est présent wvia le facteur thermique < 2n >=< n{w;) + n(w,) > moyenné sur
I'angle entre k et q. Ce facteur thermique et par suite amplitude de diffusion dépendent séparément de
E et de P et non plus uniquement de s,

Cet effet thermique reste modéré dans les gammes de températures habituelles 7 < 150 — 200MeV
mais peut devenir important si les pions ont un potentiel chimique important p s’approchant de m,.
Dans un tel cas, les formules précédentes seront utilisées avec un nombre d’occupation :

nfw) = (ew_ﬂ_"& - 1)_1 (101)

L’introduction d’un potentiel chimique pour les pions 26, 27, 28] mérite quelques mots d’explication car il
est bien connu qu’il n’existe pas de loi de conservation de “nombre bosonique” et dans ce cas particulier du
nombre total de pions. Cependant, I'interaction pion-pion est essentiellement, élastique dans le domaine
d’énergie des pions produits dans les collisions d'ions lourds relativistes. Par conséquent, le taux de
collisions inélastiques durant le temps de vie du systéme (de l'ordre de 10 fmn/c) est si faible qu'il ne
peut conduire le systéme & un équilibre chimique (# = 0) tandis que le taux de collisions élastiques
lui permet de s’approcher de I'équilibre thermique. A titre de confirmation, la distribution de pions
obtenues dans les codes de transport {équation de Boltzman avec terme de collision) est bien reproduite
par une distribution paramétrisée par une température et un potentiel chimigue pouvant évoluer au
cours du temps [29). Ainsi, le spectaculaire exces de pions observé 3 basse impulsion transverse par
la collaboration NA35 [30] peut étre reproduit sur la base d’une distribution thermique de pions avec
T = 167MeV et pp = 126MeV [27], un tel potentiel chimique produisant une importante augmentation
de la distribution & basse impulsion.

On pourrait s’attendre A ce qu’un tel potentiel chimique affecte de fagon importante les propriétés
des quasi-pions. Il se trouve que, en ce qui concerne la relation de dispersion (énergie} des pions dans le
milieu, il n’en est rien. En effet, des études détaillées ont montré que du fait de compensations (parfois
assez subtiles) entre les différents canaux d’isospin, I'énergie des quasi-pions dans la gamme d’impulsion
pertinente (p < 400 MeV') n'est jamais modifiée dans un sens ou dans ['autre par plus de 10%. Par contre,
en ce qui concerne la largeur pour laquelle les contributions des différents canaux s'ajoutent, I'effet est
spectaculaire. Nous présentons sur la figure 5 le résultat d’un calcul de la largeur avec incorporation
d’un potentiel chimique. On voit ainsi que lorsque 'on passe d’un potentiel chimique nul 4 un potentiel
chimique de 126 MeV 4 une température choisie 3 150 MeV, le temps de vie décroit de 10 fmjead fm/e.
Dans un tel cas la notion de quasi-particules devient elle méme douteuse.

Pour terminer, mentionnons que ces effets de milien altérant la matrice 7 gouvernant le terme de
collision ont été effectivement incorporés dans des codes de transport pour expliquer cette augmentation
des pions A basse impulsion transverse. Ils ont pour conséquence de diminuer le taux de collision. Dans
le caleul [25] présenté sur la figure 6, la distribution initiale de pions est une superposition de distribu-
tions obtenues en collisions nucléon-nucléon, supposée produite a un temps propre 7.5y correspondant
a I'hadronisation (pionisation) de I'hypothétique plasma formé. La prise en compte des effets de milieu
nécessite de diminuer ce temps de 7 fmfca 4 fmjc et méme moins en présence du champ moyen [29]
(modification de la relation de dispersion) ou de résonances mésoniques [25], de fagon A compenser la
diminution de I'interaction par l'augmentation de la densité. En derniére analyse, ce calcul “dit” que la
dynamique des pions seuls ne permet de reproduire les données que si la matiére hadronique est produite
au bout d’un temps trés court. Ceci ne laisse que peu de temps au plasma pour se former 4 moins que
la transition de phase elle méme n’altére profondément la distribution initiale.
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V - MATIERE NUCLEAIRE

1 - Un lagrangien chiral pour le systéme pion-nucléon

Nous allons tout d’abord construire un lagrangien chiral pour le systéme pion-nucléon qui nous servira de
gunide. Diverses extensions, telles que l'inclusion de Ia résonance A(1232) ou I'introduction de facteurs de
forme aux vertex d'interaction # NN ou 7 N A, seront ultérienrement incorporées pour rendre compte de la
phénoménologie pion-nucléon et pion-noyau. Pour faire cette construction, nous allons de nouveau partir
du lagrangien du modéle sigma linéaire introduit dans la section IV-1 ou les notations ont été définies.
Sous cette forme, comme on peut le voir sur I’expression du courant axial (57}, il présente V'inconvénient
de donner une constante de couplage axiale g4 = 1 alors que la valeur expérimentale déduite de la
désintégration § du neutron est g4 = 1.25. On peut corriger facilement ce défaut en introduisant un
nouveau terme invariant chiral dépendant d’un paramétre {. On peut également introduire nn nouveau
terme de brisure explicite compatible avec la facon dont la symétrie chirale est brisée dans QCD et
dépendant d'un paramétre on. Le lagrangien se décompose en une partie symétrique chirale £y et une
partie de brisure explicite £,sp :

L = Ly + Lyss

2
Ly = %tTB#WB“W1 + iy — 2 G tr(Wwt) — 'uz)

_% (JJLWU'JR + tIZ’RW’quL) + % (J’L’T" Wo,WtyL + dryt WiaW lbn)
o = Yt G o) G i)
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On rappelle que dans le vide < o >= (1/2) < trW >= f, et on notera que, par rapport au lagrangien
de masse de nucléon (54), le paramétre g a été remplacé par Mp/fx. Un calcul explicite du courant
axial montre que le paramétre ¢ doit étre { = (1 — g4)/2. A I'approximation de ’arbre, c’est-a-dire en
omettant les “boucles de pions virtuels” renormalisant les propriétés du nucléon, sa masse nue {(dans le
vide) est My = My + on.

Comme dans la section IV-2 précédente, on va se placer dans la version non linéaire du modgle en
gelant le champ chiral sur le cercle chiral par envoi de la masse du méson sigma a P'infini. On introduit
la matrice U et une nouvelle quantité auxiliaire £ définie par :

B B : . & F(X)
W = f. U, U = £2 — §—emp(tr.m—x———) (103)

ou la fonction F(X) a été définie par I'équation (64). 11 est plus commode d’introduire de nouveaux
champs de nucléons en définissant de nouveaux isodoublets gauche et droit de nucléon :

1+
2

]___
Ny=¢tyr, Na=¢yr, N=-——T5N 4

, Ng (104)

En termes de ces nouveaux champs, le lagrangien se réécrit comme :

Lo = Lf—traﬂUﬂ“UT F Nyi (0 — V)N — My NN + g4 Nyuns AEN
Lysp = i- £2m2 (U + U1 (1 - f;r’;%NN) (105)
avec
pe = % (co#e! +tome) = —é 7. (% x 8) (106)
A = = % (¢t —gome) = 5}—“53#5 (107)

Ce lagrangien sera largement exploité dans la sunite mais pour linstant je me contenterai de discuter
brievement la partie brisant explicitement la symétrie chirale. A partir de £, sp, on déduit le hamiltonien
de brisure qui, développé & I’ordre ®2, est aprés soustraction de la partie de vide :

H,sp = fdr (aN NN + —21-mf, P? - %’%@? NN) (108)
kg

Le commutateur sigma du nucléon est obtenu immédiatement -
1
Ty =< N|Hysp|N >=< N| /dr smE N > +on = 5 + oy (109)

Ainsi, la quantité oy peut étre interprétée comme la contribution au commutateur sigma du nucléon ne
venant pas du champ pionique. A la lumiére de ce qui a été dit dans la section 11-4, on pourra 'identifier

a la contribution du coeur de quarks, soit ON = Egg). Bien entendu le calcul de la contribution pionique
nécessite d’introduire de facon phénoménoclogique un facteur de forme au vertex s NN , sans quoi elle
serait divergente; comme on 1’a vu, ce facteur de forme apparait naturellement si I'on utilise un modgle
de type sac. Le dernier terme de H,sp donne une contribution attractive & la diffusion pion-nucléon
d’onde s et par suite 4 la masse du pion dans la matidre nucléaire; nous y reviendrons a la fin de cette
partie V car ce probléme est plus subtil qu'il n’y parait.




2 - Modes collectifs pioniques
a . Couplage pion-nucléon d'onde p

En utilisant la forme au plus bas ordre de A# (éq. 107), le lagrangien (105) conduit & un terme de
couplage pion-nucléon de type Yukawa :

Lony =Ny 2.8,8N (110)
fr 2
On va se placer & I'approximation non relativiste pour les nucléons et ignorer les antinucléons. Les champs
de nucléons peuvent se décomposer sur les spineurs de Dirac qui sont les mémes que ceux de quarks (éq.
29) une fois que P'on a remplacé la masse m par la masse du nucléon My. Au plus bas ordre en 1/My
les éléments de matrice de Dirac sont :

1 [ I R R | 0 — 1
My i(p',s) 1 voulp, s) = x90" Xs» M wp',s')y 75u(p,8)—O(M—N) (111)
si bien que le lagrangien prend la forine non relativiste :
Lann = 24 Nt o VEFN (112)
2 fa

ol maintenant les champs de nucléons sont des spineurs de Pauli. Le vertex d’interaction entre un pion
incident (k,w, 5), un nucléon incident dans un état (spin-isospin-orbital) {N : @ > et un nucléon sortant
dans I'état |N : 8 > sera donc de la forme :

n(k,w,j) + N(@) = N(B) :  V/'kw) =~ g’ﬁ” v(k,w) < N:flokre*RIN:a> (113)
N

gann = 13.5 est la constante de couplage pion-nucléon dont la valeur est déduite de I'étude de la diffusion
nucléon-nucléon {2]. Dans notre modéle guide elle est donnée par g-ynv = Myga/fz. Cette relation,
connue sous le nom de relation de Goldberger-Treiman, est en réalité une conséquence de la symétrie
chirale seule moyennant une hypothése dite de dominance du pdle de pion; elle est vérifiée numériquement
avec une précision de 7%. Par rapport au modéle lagrangien, on a rajouté de fagon phénoménologique
un facteur de forme v(k,w) normalisé de telle facon qu’il soit égal & un sur la ligne de pion i.e. w = wy.
Ce facteur de forme est en général tiré de I'étude de I’échange de pions dans ’interaction nucléon-nucléon
[2]- Le vertex 7 NN met en jeu un opérateur nucléonique de spin-isospin longitudinal dépendant de la
projection de spin longitudinale, c’est-a-dire le long de la direction k du pion. Cet opérateur excitera,
comme on le verra dans la suite, des modes nucléaires dit de spin-sospin longitudinal dont les propriétés
sont profondément différents des modes de spin-isospin transverse excités par un opérateur du type
o x k13 par couplage magnétique & des photons réels ou virtuels.

On sait que la diffusion pion-nucléon présente un trés fort caractére résonnant par excitation dans
Iétat intermédiaire d’un état de delta qui est le premier état excité du nucléon [2). La résonance delta,
qui 2 une masse Ma = 1232 McV et une largeur T'a = 115 MeV, est un état de spin J = 3/2 et d’isospin
I = 3/2. Dans un modéle de quarks il est simplement obtenu & partir du nucléon par retournement du spin
et de l'isospin d'un quark, les fonctions d’onde orbitales des quarks restant en premiére approximation
celle de I'état fondamental, le nucléon. Il est par suite capital d’introduire Vinteraction TNA. Le vertex
fondamental entre un pion incident (k,w,j), un nucléon incident dans un état (spin-isospin-orbital)
|V : @ > et un delta sortant dans un état (spin-isospin-orbital) {A : 8 > sera de la forme :

a(k,w,j) + N(@) = AB) : VP (k) = - g—*’Mfiév(k,w) <A: B8k T;e RN :a> (114)
N

Les opérateur vectoriels §; (isovectoriels 7} sont des opérateurs de transition de spin (isospin) entre un
état de nucléon de spin (isospin) 1/2 et un état de delta de spin (isospin) 3/2. Ils vérifient la propriété :

StaShb = %a.b ~ to(axb) acomparers: cacb=ab+ic.(axb) (115)
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gxna €8t la constante de couplage #NA. La phénoménologie donne Fxna = 2gxnn tandis que le modéle
des quarks donne g%y s = V72725 grnN-

Dans la mesure ou on néglige la dépendance en w du facteur de forme, on peut regrouper d’un point
de vue formel les résultats (éq. 113, 114) sous la forme d’un hamiltonien d’interaction aNN,7NA écrit
en seconde quantification :

1 1/2 t
Hipy = g (Zka) (Bk,j + B-k,j) Lj(k)
Lik) = 3 cheaV2(k) (116)
B

Les opérateurs B, Bt sont les opérateurs d’annihilation et de création de pions pour une impulsion et
un état d'isospin donnés provenant du développement dn champ de pion, d’oul Vapparition du facteur
1y 2wV la sommation sur les impulsions dans la grande boite de volume V est Yk = fVdk/(2n)5.
L’opérateur L;(k) est un opérateur baryonique & un corps écrit en seconde quantification. Les opérateurs
c,c! sont des opérateurs d’annihilation et de création de fermions dans des états {spin-isospin-orbital) a
ou 3, mettant sur un méme pied les différentes especes de baryons que sont les nucléons et les deltas. La
différence des couplages est incorporée dans les fonctions de vertex {113, 114) qui sont des éléments de
matrice d’opérateurs usuels (de spin-isospin longitudinal) & un corps. En pratique on “oublie” souvent
dans les développements formels la dépendance en énergie du facteur de forme que I'on réintroduit dans
les résultats finaux.

b . Propagateur du pion dans la matiére nucléaire

Dans le milieu nucléaire, le propagateur du pion est modifié du fait de ses interactions avec le milieu

nucléaire : .

D(w,k) = (w? - uf — Sw,k)) (117)

oit S{w, k) est la self-énergie des pions; nous nous limiterons dans cette section A la self-énergie d’onde p
provenant de l'interaction d’onde p (éq. 116). La dérivation de cette quantité peut se faire aisément grice
aux techniques habituelles du probléme 4 N corps, par exemple en utilisant des équations de Dyson. Nous
donnerons simplement le résultat en Pexpliquant qualitativement. Considérons un pion se propageant
dans un noyau décrit dans un modgle de particules indépendantes dans lequel les nucléons sont sur des
orbites d’énergie ¢,. La modification de la propagation de ce pion d’impulsion k et d'énergie w (pas
nécessairement sur couche), provient de son interaction avec les nucléons donnée par (116}, créant ainsi
une excitation virtuelle particule-trou {ou delta-trou) d’énergie €pn, = €, — €. Cette configuration se
désexcite, de nouveau via l'interaction (116), pour donner un pion avec une impulsion k' et avec la méme
énergie w si 'on néglige le recul du noyau. Si de plus on se place dans la matiére nucléaire infinie,
I'invariance par translation impose que son impulsion soit conservée. Cette self-énergie est représentée
sur la figure 7 avec un état de particule et un état de delta dans P’état intermédiaire. Considérons tout
d’abord la partie purement nucléonique, Elle est de la forme :

Sn(w, k) = KTy {w, k) (118)

Le facteur k? provient du couplage d’onde p donnant un facteur k 4 chaque vertex. La fonction Myw,
parfois appelée polarisabilité, s’écrit :

2 d O(pr ~ 9)©(ja + k| - pr)
Ii _ QWNN) 2 / q (
on (w, k) = 4 (2MN vk,w) (2n)3 W — €g+k T € + i

w + €q_k — € — i

Examinons les différents termes de cette expression :
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o Le facteur 4 provient de la sommation sur les états de spin-isospin des états de trous et des états de
particules. Le facteur (g,nn/2Mn)? v¥(k,w) provient directement des deux vertex d'interaction.
Les énergies sont celles d’un gaz de Fermi ¢, = p? /2My.

 Considérons le premier terme de Pintégrant; P'intégrale porte sur les états de nucléons présents
dans la mer de Fermi (g < pr). Les états de nucléons excités par le pion ont une impulsion q+k
provenant de la conservation de Pimpulsion et doivent étre hors de la mer de Fermi (Jq + k| > pr)
du fait du blocage de Pauli. Enfin, le dénominateur d’énergie est celui qui apparait dans le calcul
du décalage en énergie obtenue au deuxiéme ordre de la théorie des perturbations usuelle.

Le deuxitme terme de l'intégrant provient de la symétrie de croisement en changeant (w, k) en
(—w, ~k).

Pour comprendre la signification physique des facteurs de régularisation +in, nous allons considérer
la partie imaginaire pour w positif :
2
_ GxNN 2 dg
FmTan(w, k) = =47 ()" v¥(k,w) [ 705 0(pr — 0)0(1a +Kl — pr) 6 w ~ cqpi + <

(120)
La réponse du systéme 4 une sonde se couplant aux nucléons wia un opérateur de spin-isospin
longitudinal du type L;(k) est définie par :

2Mpn
= 3 | <n|Lik)0 > [*6(E, — w) — (121)

i=A
Rp(w, k) = (My v’(k,w) > | < n }‘_j a(i).kr;(i) e*Fi|0 > 28(E, —w)

ou |0 > est I'état fondamental et les états |[n > sont les états susceptibles d’étre excités par la
perturbation extérieure. La premiére expression est écrite A 'aide d’un opérateur nucléaire & un
corps sous sa forme usuelle. La deuxiéme, beaucoup plus compacte grace a 'écriture de seconde
quantification (116), permet d’incorporer I’excitation du delta. Cette fonction-réponse, qui est en
principe une quantité mesurable, va donner une information expérimentale sur les modes pioniques
nucléaires; nous y reviendrons longuement ci-dessous. Si on calcule la réponse de la matiére en
absence de corrélation (gaz de Fermi) et en omettant 'excitation du delta, on trouve que :

Ror(w,k,) =~k I Tlon (w, k) (122)

Ainsi, la partie imaginaire de la polarisabilité est directement proportionnelle  la réponse (par unité
de volume). Cette propriété est d'ailleurs hien connue en électromagnétisme des milieux matériels.
A cet égard, mentionnons que le probléme de la propagation d’un pion dans la matiére nucléaire
présente une analogie profonde, qui a été largement exploitée, avec celui de la propagation de la
lumiére dans un matériau diélectrique.

La contribution relative aux états de deltas dans 1'état intermédiaire s’obtient de fagon analogue :

Salw,k) = k’Hoa(w, k) (123)

o (w k):_l_(_i (ﬁN_A)g v2(k w)[—-@—@(p -q) ( 1
DAL 9 \2My ’ (2m)3 ~F W~ eaqik + € + il (w,q+ k)

_ 1 ) (124)

w + eﬁhq—k - Eq

Examinons les différences avec Iy :
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Figure 7: Polarisabilité d’onde p du pion dans la matiére ordinaire.

® Le facteur de spin-isospin 4 est remplacé par un facteur 16/9 provenant de I'utilisation de la relation
(115). La constante de couplage # NN est bien siir remplacée par la constante de couplage TNA.
Les énergies de deltas sont :

2

2Ma’

€Aap =wa + wa = Mp — My =292 MeV (125)

* Il n’y a pas de facteur de blocage Pauli pour les états de deltas.

e

¢ Il apparait dans le dénominateur d’énergie la largeur du delta. Dans le vide cette largeur, qui vaut
115 MeV & w = wy, se comporte essentiellerent comme (w? —~ mf,):‘/ 2 qui provient de I'espace de
phase de la désintégration A — « N. Cette largeur doit étre corrigée par des effets de milieu liés
au blocage de Pauli affectant la désintégration A — 7N ou & P'élargissement par collision . Il se
trouve que ces effets de milieu se compensent fortement ou présentent tout au moins un caractére
quasiment universel dans une grande gamme de densité comme en atteste le spectre du delta en
absorption de photons [2].

La “polarisabilité pionique® sera la somme des contributions particule-trou et delta-trou :
o{w, k) = Tgn (w, k) + Tga (w, k) (126)

Cette polarisabilité est cependant modifiée par un effet d’écran (analogue & l'effet Lorentz- Lorenz en
électromagnétisme) provenant pour une grande part des corrélations de courte portée. Cet effet est
phénoménologiquement incorporé par I'intermédiaire d’un paramétre ¢’ qui transformera la polarisabilité
Ilp en une nouvelle polarisabilité effective Ily. La self-énergie du pion sera ainsi :

Mg (w, k)

S(w k) =K Ho{w, k)  Mylw, k) = T D (127)

La forme de cette polarisabilité effective est toutefois un peu plus compliguée car on est conduit &
introduire trois paramétres ¢'. On distingue un paramétre gy, = 0.7 relatif au secteur particule-trou
(qui intervient notamment pour la position des résonances Gamow-Teller), un paramétre gy, =~ 0.5
de mélange entre les secteurs particule-trou et delta-trou (affectant par exemple la force portée par ces
meémes résonances Gamow-Teller) et un paramétre gha = 0.5 relatif au secteur delta-trou dont nous
allons discuter le réle ci dessous. Il convient également de mentionner que les calculs réalistes incorporent
une polarisabilité 2p ~ 2k non réductible & une modification de la largeur du delta.

Les énergies des modes pioniques d’impulsion k dans la matiére nucléaire sont obtenues comme
solutions de I'équation de dispersion :

Q*(k) = w} + Rellg((k), k) (128)
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Figure 8: Courbes de dispersion relatives d la branche du bas ()} et é la branche du haut (Qy) comparées
auz relations de dispersion du pion libre et de U'état delte-trou dégénéré non corrélé. On voit que les modes
collectifs Sy et 0y échangent leurs structures & q == 2m,. Le facteur de poids Z, associé a la branche du
bas est aussi moniré. Les nombres (1), (2) et (3) correspondent respectivement d des densités p/py = 0.5,

p/lm =1 et p/pe = 1.5.

L’étude du spectre trés riche obtenu a suscité beaucoup de travaux théoriques et expérimentaux. Nous
nous limiterons ici & la partie de haute énergie (i.e. la région du delta) et en particulier & la branche
“optique” encore appelée branche pionique qui correspond au mode rejoignant la branche de pion libre
lorsque la densité tend vers zéro. On peut comprendre les traits essentiels de ce made d'excitation 3
Paide d’un modéle 4 deux niveaux trés simple que nous allons traiter dans le paragraphe suivant.

¢ . Modéle ¢ deuz niveaus

A haute énergie, la self-énergie est fortement dominée par la contribution du secteur Ah; on négligera donc
dans ce modéle simplifié la polarisabilité [Iony. On omettra également la largeur du delta, bien que celle-
ci puisse étre réintroduite par la suite. Le modeéle simplifié [31] est obtenu en négligeant le mouvement
de Fermi des nucléons considérés comme statiques, si bien que I'énergie delta-trou sera remplacée par
Pénergie d'un état de delta d’impulsion k. Les états delta-trou deviennent dégénérés & une énergie :

k2
2Mp

€0,q+k ~ € T €A L = WA + (129)

On obtient de fait un modéle & deux niveaux ou les états non perturbés sont le pion et état Ah
dégénéré. Dans I'expression de Ilga (124), Pintégrale sur 'impulsion des nucléons donne la densité p, ce




qui conduit & une expression trés simple pour la polarisabilité et 1a polarisabilité “écrantée”:

4 . 2 2¢
Mol k) = Toa(uk) = 3 (L88)" 2y p 20k

2MN W _EA’C
= _4 9;1&’[&)2 2 2eax
fio(u, k) = 5 ($528) o2(k) p 7220 5 (130)

L'effet net du paramétre g 4 est d’augmenter 'énergie de I’état Ah dégénéré suivant :

" 8 (0°na\? '
he=che t danOlkp)  Clhip) =3 (B52) (kyeass (131)

Le propagateur du pion de ce modéle s’obtient sans difficulté :

Zl(k’p) Z?(kup)

D{w,k) = (7 + =02k p) (132)
oh les énergies propres ) et Qg (Q; < ) et les facteurs de poids Z; et Z, {Z1+ Z2 = 1) sont des
fonctions trés simples de k et de p [32). L’interaction # NA donne naissance a deux modes collectifs
construits sur le pion et les états delta-trous dont on peut voir les courbes de dispersion £ (k) et Qq(k)
a différentes densités sur la figure 8. Il apparait clairement que, du fait de leur couplage, le pion et les
états delta-trou ne sont plus des états propres du systéme mais deviennent des mélanges de ces deux
modes collectifs. A basse impulsion, la branche du bas (§2;) est pionique de fagon prédominante d’oti le
nom de branche pionique ou “pisobar”; la branche du haut est, quant & elle, essentiellement composée
de deltas. A une certaine impulsion correspondant au croisement des niveaux non perturbés, les deux
branches échangent leur structure ce qui est un trait bien connu des systémes 4 deux niveaux.

La quantité intéressante du point de vue expérimental est la fonction spectrale du pion dans le milieu :

Fulw, k) = =22 Im D{w, k) = Zu(k,p)8lo = (k)] + Zolk) oo — alk,p)]  (133)

Par rapport au pion libre, la force se scinde en une partie décalée vers les basses énergies et une partie
vers les hautes énergies. Dans un calcul réaliste relaxant les approximations relatives & ce modéle et
incorporant les largeurs, les deux pics sont remplacés par des structures élargies centrées autour des
énergies propres ;3. En dépit de sa simplicité, ce modéle permet de reproduire raisonnablement bien
les positions et les forces portées par ces modes collectifs; il a aussi été trés précieux pour comprendre les
traits essentiels d’un probléme a priori assez complexe.

d . Réponse nucléaire de spin-isospin longitudinal

On doit maintenant se poser la question de savoir comment mettre en évidence expérimentalement ces
modes collectifs et en particulier la branche pionique. Pour mener & bien cette tache, il faut trouver une
sonde, transférant au noyau une énergie w et une impulsion k, qui se couple aux nucléons avec excitation
du delta par un opérateur de spin-isospin longitudinal S.kTj. L’excitation initiale delta-trou pourra
ensuite se propager dans le milieu par I'intermédiaire du pion engendrant ainsi une réponse collective
du noyau (fig. 9a). La section efficace du processus sera alors proportionnelle 4 la fonction-réponse
de spin-isospin longitudinale (éq. 121). On a vu qu'a I'approximation des particules indépendantes, la
réponse était donnée par la partie imaginaire de Ilg, ce que I'on peut généraliser au cas ol Pexcitation du
delta est incluse. La prise en compte des corrélations de courte portée conduit & remplacer Il par Ilg.
La propagation de Dexcitation via I'échange de pion conduit ensuite 4 remplacer Iy par le propagateur
de polarisation complet :

M, = Mo + Mo &2 Dolly + Tlg k2 Dolly k2DyMly + ... = [Ty + Tl k2D 1, (134)
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Figure 9: A gauche, propagation de l’ezcitation de spin-isospin longitudinale initide par la sonde externe

représentée par la surface hachurée. A droite, pion cohérent.

ou Dy = (w? — ‘-')12; + in) 7! est le propagateur de pion libre et D le propagateur de pion dans le milieu
(117). Ce propagateur de polarisation peut se mettre sous différentes formes :

2 —wi - Tlo(w, k

I (w, k) = plted fo(w, k) = lf}“”- ) (135)

w? — wi — k2w, k) I — = Ip(w, k)

k
La réponse collective d’un volume V' de matiére nucléaire sera ainsi :

1 v Wt — 2rv .
— By (w, k) = —— ImI(w,k) = k (——) ImTg(w, k 136
i Bulorl) = = ImIl k) = | (=2) Imfwk) - (136)

Le spectre de Ry, a par suite le méme contenu que celui du propagateur du pion, avec toutefois des poids
différents pour 'excitation des divers modes. On peut visualiser ceci 4 'aide du modéle a deux niveaux
pour lequel on trouve pour la réponse par nucléon :

1 _ 4 (gina 1- Zi(k,p) 1 - Zo(k,p) o
ZRL(]’(W) = § (ﬁg_ﬁ‘) k2 Uz(k) (W 6[&) —_ Ql(k,p)] -+ ZQg(k,p) 6[ Qz(k,p)]()137)

A densité nulle (Z; — 1), on retrouve la réponse du delta libre. En pratique, les sondes utilisées sont
du genre espace (w < k) et seul le mode de branche pionique (£2;) est accessible. La signature des effets
collectifs sera un dépeuplement du delta en faveur de ce mode collectif ou encore un déplacement du
pic du delta & plus basse énergie par rapport aux deltas excités avec des photons. Ces traits resteront
valables dans les calculs détaillés, comme on le verra ci-dessous.

Il est par ailleurs trés facile de voir que le propagateur de polarisation complet satisfait I'équation :

k2
; +4

II; =1Iy + 11 {’FL I, avec f’L(w,k) = P —w
- W

(138)

Ce résultat aurait pu étre obtenu & partir d’une approche usuelle du probléme & N corps, dans laquelle
les modes collectifs sont engendrés via un formalisme RPA avec une interaction résiduclle (dépendant de
"énergie) dans la voie particule-trou :

2 .
Vil ziw) = [ s () o0cw) (5'—%'%% +g’a(1).o(2)) 7(1)7(2) e * ) (139)
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Réponse longitudinale totale sans RPA Réponse longitudinale totale avec RPA

Figure 10: Fonction-réponse de spin-isospin longitudinal de 0 avec (4 gauche) et sans (a droite) effets
de milicu. Le caleul a été préparé par J. Marteay [35].

avec les opérateurs de spin-isospin remplacés par les opérateurs de transition {5,T) lorsque un delta est
concerne. Cette interaction correspond 3 Péchange du pion corrigé par l'interaction de courte portée
phénoménologique g’ pouvant simuler entre autres les corrélations de courte portée et I'antisymétrisation
formellement absente dans ce qui précede. '

Dans un noyau fini, du fait de la perte de 'invariance par translation, les propagateurs de polarisation

dépendent de deux impulsions et I"équation RPA devient une équation intégrale :
d .
I (wik, k') = Hy(w; k, k') + /ﬁnﬂ(w;ks a), Vi(q,w) My (w; q, k) (140}
w

ou il a été omis, pour simplifier, un couplage & la voie de spin-isospin transverse qui peut se produire 3
la surface des noyaux [33, 34]. La réponse du noyau fini est ensuite obtenue comme :

2
Rif{w, k) = _x Im I (w; k, k) (141)
K}

Le calcul quantique du propagateur Iy dans le milieu non corrélé (champ moyen) s’avére en pratique
beaucoup trop “luxueux” voire inutile pour une telle quantité oli, de toute facon, les effets de couche sont
complétement “lavés” dans le domaine considéré. On utilise plutdt des approximations semi-classiques
de type Thomas-Fermi ou densité locale dans lesquelles il peut &tre directement obtenu a partir de
Pexpression de matiére nucléaire [33, 34). Les résultats d’un calcul tros détaillé (35] sont montrés pour
%0 (fig. 10). Bien que le noyau d’oxygéne ne soit pas trés lourd, on voit un spectaculaire contraste
entre la réponse Ry non corrélée (pas trés différente de la réponse de spin-isospin transverse mesurée en
diffusion d’électrons) et la réponse longitudinale corrélée Ry. Le pic du delta dans la réponse Ry est peu
modifié par rapport au delta dans le vide, tandis que la réponse longitudinale présente deux structures
centrées autour des lignes Q; (k) (branche pionique) et 5(k) ol I'essentiel de la force est concentrée.

Parmi les sondes susceptibles de mettre en évidence ce mode collectif de branche pionique, on peut
citer 'électroproduction de pions chargés (e, e'n*) actuellement étudiée & CEBAF. Un effort considérable
a été consacré¢ & SATURNE & l'étude d’expériences d’échange de charge du type (*He, T) [36, 37, 38].
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Figure 11: Comparaison du calcul théorigue & [expérience pour Uezcitation du A dans 2" Pb par la
réaction (PHe,T) a 2GeV et angle nul. La courbe en tirets-points correspond a la réponse sans corrélation
RPA tandis que la courbe pleine incorpore les effets collectifs nA. La courbe en tirets est relative au calcul
sur une cible de proton. Caleul tiré de [33, 34].

En dépit du caractére trés périphérique de cette sonde, il est généralement admis [33, 34, 39] que ces
expériences ont mis en évidence ce mode bien qu’il dépende fortement de la densité. Les données de
(*He,T) sur une grande gamme de noyaux allant du carbone au plomb ont montré un décalage vers le
bas du pic du delta d’environ T0M eV par rapport aux données sur le proton. Des calculs trés sophistiqués
[33, 34] sans paramétre libre (dans le sens ol tous les nombreux ingrédients nécessaires ont été tirés au
préalable de la phénoménoclogie} ont montré que ces effets collectifs étaient absolument nécessaires pour
reproduire ces données (fig. 11). Les voies de désintégration de ces modes ont également été étudiées
a4 SATURNE et sont compatibles avec cette interprétation [37]. La preuve directe de leur existence est
certainement l'observation expérimentale de production de pions cohérents [38] ou le noyau cible reste
dans son état fondamental (fig. 9b). Dans ce processus le mode collectif se propage par I'intermédiaire
du pion qui est finalement mis sur couche par désexcitation d'une excitation delta-trou virtuelle.

e . Corrélations pion-pion dans la matiére nucléaire

Puisque les propriétés de propagation du pion sont notablement modifiées dans la matiére nucléaire, on
s'attend A ce que les systémes & deux pions comme les résonances 4 deux pions (“sigma”, rho) soient
également modifiés. La distribution de masse d'un tel systéme est reliée i la partie imaginaire de la
matrice de diffusion qui est obtenue & partir d’un certain potentiel pion-pion par solution d’une éguation
de Lippmann-Schwinger du type (98). Les effets de milieu proviennent de la modification du propagateur
a deux pions. En se limitant au cas d'une paire de pions & impulsion totale nulle (k3 = ~k4 = k), ce
propagateur est :
i dk®

™

GH(B) = G™(B, k) = [ £ D(ko,i) DE - ko, ~K) (42)
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Figure 12: Distribution de la force pion-pion dans le canal scalaire-isoscalaire (I =J =0) pour différentes
valeurs de p/py dans un calcul basé sur un modéle & deur niveaus incorporant les largeurs des quasi-pions.
Les diverses sources de lergeur des quasi-pions sont représentées a droite.

Par exemple dans le modele & deux niveaux, il prend la forme :

2. u(k) + Q(k) 1

2n _
G*"(E, k) —mZ:l 20u(k) (k) B2 ~ (Q4(k) + 9,(k))? +in

(143)

Du fait de 'amollissement de la relation de dispersion des pions dans le mode de branche pionique
d’énergie £, il peut se créer une accumulation de force 3 basse énergie au voisinage du seuil & deux pions
{E ~ 2m,) si Dinteraction pion-pion est suffisamment attractive [32]. En réalité, cette accumulation ne
se produit que dans le canal du sigma (I = J,=0); dans le canal du rho, sur lequel nous reviendrons dans
la section VI-6, 'effet est détruit par des corrections de vertex imposées par I'invariance de Jauge. Nous
montrons sur la figure 12, les résultats d’un calcul effectué dans le cadre d’un modéle a deux niveaux
incorporant de fagon appropriée les largeurs des modes pioniques, montrant clairement I'apparition d’une
structure vers le seuil. Sur la méme figure, les différentes sources de largeurs des modes pioniques sont
aussi représentées. De nombreux travaux ont été consacrés & ce probleme [40, 41, 42] qui est en fait
trés délicat. Une difficulté majeure est liée 3 la compalibilité entre les contraintes de symétrie chirale et
'unitarisation, point crucial lorsque le couplage au secteur particule-trou est incorporé. Nous n’entrerons
pas dans les détails mais mentionnerons simplement que la force pion-pion demeure profondément modifiée
quelque soit Papproche utilisée.

Il va sans dire quune modification significative de l'interaction pion-pion dans le milieu peut avoir
un intérét considérable pour le mécanisme de saturation de la matiére nucléaire [43] puisque ’échange
de pions corrélés est une contribution dominante & V'attraction nucléon-nucléon. Il est donc crucial
d’avoir une confirmation expérimentale de ces corrélations pion-pion induites par le milieu nucléaire. Une
¢vidence possible est fournie par les données m, 27 sur différents noyaux, obtenues par la collaboration
CHAOS & TRIUMF [44]. Comme cela est montré sur la figure 13, le spectre #¥ 7~ en masse invariante
présente une structure fortement dépendante en A vers le seuil 4 deux pions. Cet effet n’est probablement
pas un “cusp” car il est absent dans la voie 7+t qui est purement d’isospin I = 2. Une explication
plausible est la rediffusion dans le milieu (figure 13) des pions dans la voie scalaire-isoscalaire car aucun
autre mécanisme “habituel” n'est capable d’expliquer cette structure. La prise en compte de ces eflets
de rediffusion est en pratique difficile & effectuer; néanmoins, il est présenté, & titre d'illustration, sur la
partie droite de la figure 13, les résultats d’un calcul encore assez incomplet mais permettant de reproduire
une partie de la structure vers le seuil & deux pions [45].

Dans le milieu nucléaire I'interaction nuciéon-nucléon provenant de Féchange de pions corrélés sera
modifiée du fait de la modification de Vinteraction pion-pion. Cela conduit & basse densité & une augmen-
tation de I'attraction lorsque la densité augmente. Dans le calcul présenté sur la figure 14 [47], cet effet
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Figure 13: A gauche, distributions en masse invariante pour la réaction (vt 777~ ) sur différents noy-
auzr, mesurées par lo collaboration CHAOS a TRIUMF [{4]; la courbe pleine est la prédiction d’un
modéle détaillé pour le processus élémentaire {{6]; les lignes minces sont des lignes guide reliant les
points expérimentaur Au centre, rediffusion de la paire de pions dans le milieu pouvant modifier la distri-
bution de masse. A droife, calcul & caractére préliminaire [{5] incluant Ueffet des corrélations pion-pion
dans le milieu {courbe pleine) comparé au calcul sans corrélation pion-pion (courbes en tirets).
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Figure 14: Modification induite par le milieu nucléaire sur le potentiel central nucléon-nucléon comme
cela est déerit dans le texte. Les densités sont 0, 0.5p0, po 1.5 et 2pg du haut vers le bas dans la partie
droite de la figure.

est amplifié par 'échange de méson rho dans la voie t avec une masse diminuée. A plus haute densité
cette tendance est supplantée par 'augmentation plus rapide de la répulsion liée & 1'"échange du méson
oméga avec une masse aussi diminuée. Comme cela est manifeste sur la figure 14, le potentiel nucléon-
nucléon est de plus en plus attractif jusqu’a la densité normale 3 partir de laquelle cette attraction se
met a diminuer. De fagon évidente, cela conduit & un mécanisme de saturation de la matiére nucléaire,
constituant une solution alternative A celle des effets relativistes, de ce probléme encore largement ouvert.
Siil est clair que la diminution des masses des mésons rho et oméga que nous discuterons dans la sixieme
partie, favorise la saturation, il n’en demeure pas moins que la modification de I'interaction pion-pion est
un élément essentiel de ce mécanisme.

3 - Densité scalaire de pions et évolution du condensat de quarks

a. Introduction

Nous avons vu, lors des généralités sur la restauration de la symétrie chirale, que I'évolution du condensat
de quarks était complétement déterminée par le commutateur sigma du noyau par nucléon X4 qui peut
dévier de celui d’un nucléon libre & n- Sur la base de modéles, on a dit que le commutateur sigma du
nucléon libre était dominé par la contribution du nuage de pions virtuels entourant ce nucléon. On est
donc naturellement conduit & penser que l'effet de milieu principal viendra de la distorsion de ce nuage
de pions du fait de la présence des autres nucléons, en d'autres termes de 'influence de I'échange de pions
entre les nucléons. Dans la matiére nucléaire infinie, la densité scalaire de pion est uniforme, ce qui est
approximativement réalisé au centre d'un gros noyau. La contribution pionique au commutateur sigma
du noyau par nucléon sera :

2
< A|]dr-;—mfr ®2(r,t = 0)|A >= ’;‘——; <®’> (144)
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ol la contribution divergente du vide est sous-entendue systemathuement soustraite. Dans ce qui suit,
nous allons montrer que la valeur de cette contribution pionique est compatible avec I’analyse de résultats
expérimentaux de photoa.bsorptmn et que, au niveau théorique, elle peut étre relide 4 une intégrale de la
fonctlon-reponse de spin-isospin longitudinale. Nous discuterons ensuite d'autres effets pouvant affecter
le mécanisme de restauration graduelle de la symétrie chirale, en particulier celui des mésons lourds tels
que le sigma et le oméga.

b . Une ezxtraction expérimentale possible de la densité scalaire du pion

Nous allons considérer la diffusion Compton vers P’avant sur le proton. En utilisant le lagrangien
d’interaction électromagnétique obtenu en “jaugeant” le lagrangien (105), ce processus est décrit par
les diagrammes de la figure 15, ce qui sera justifié dans le paragraphe VI-6.a. On ne s’intéresse qu’a la
partie indépendante des spins de "amplitude Compton qui est de la forme :

T = €€ flw) (145)

ol w est 'énergie des photons incident et sortant de polarisation € et €'. Les deux premiers diagrammes
correspondent & des termes de contact (sans partie imaginaire et indépendant de I'énergie) que I'on notera
Sy (fig. 15a) et Sy (fig. 15b). Les auntres termes contenant une partie imaginaire (car ils peuvent étre
“coupés”) seront notés T(w) (fig. 15¢-f). L’amplitude sera donc :

flw)y=58r + Sy + T(w) (146)

Comme on le sait sans doute, dans une théorie non relativiste le terme de contact de nucléon est obtenu
en faisant une substitution minimale p — p — e A dans le hamiltonien. Dans une théorie relativiste, il
provient de la contribution des antinucléons dans le propagateur de Dirac du terme de Born. Il donne
exactement 'amplitude de Thomson dans la limite des grandes longueurs d’onde, soit :

(147)

Le terme de contact pionique (engendré aussi par I'invariance de jauge) dépend de la densité scalaire de
pions associée au nuage de pions virtuels autour du nucléon :

2¢€° 2( 4e? 25:;)
So= N|/dr<I) OIN >= =2k (148)
Par ailleurs, 'amplitude Compton satisfait & une relation de dispersion soustraite :
2w2 o Im f{u')
= dw! ——
Ref(w) = Ref(0)+ T
= sy+ f du U;”S(‘" 22 (149)
w? — w

ou le théoréme optique a été utilisé pour faire apparaitre, dans la deuxiéme expression, la section effi-
cace de photoabsorption sur le nucléon oy {w’) = —Im f(w')/w'. Dans la limite des hautes énergies,
c’est-a-dire pour une énergie grande par rapport aux énergies d’excitation apparaissant dans les états
intermédiaires de T(w), ce dernier doit s’annuler du fait des dénominateurs d’énergie en w — Ey; 1l en
résulte que f(oc) ¢'identifiera avec la somme Sy + S,. Par suite, en utilisant la relation de dispersion
{149) prise A& w = oc, on obtient une relation reliant la contribution pionique au commutateur sigma du
nucléon & une intégrale sur la section efficace de photoabsorption :

42 B
3 mZ

= 5= floo) =Sy == fﬂ " o o) (150)
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Figure 15: Amplitude Compton sur le nucléon.

Cependant, le lien avec la section efficace expérimentale n’est pas direct car il ne faut prendre en compte
que la contribution mettant en jeu les pions (fig. 15 d-f). Un probléme délicat parmi d’autres est d’extraire
la contribution de l'excitation directe du delta. Cela étant, en utilisant les donndes expérimentales
combinées avec des calculs issus de modéles, il est possible d’avoir une estimation de cette intégrale. On

trouve alors que Z]S:,r) est de l'ordre de 30MeV 48], ce qui est la valeur mentionnée 4 la fin de la section
II-4. En réalité, ce qu'il faut retenir de cette analyse est un ordre de grandeur de 30MeV confortant
ainsi I'image d’un nuage pionique important. Cette analyse peut éire poursuivie dans le cas du noyau;
le résultat est compatible avec une augmentation de ce commutateur sigma; nous rediscuterons ce point
dans le paragraphe suivant.

¢ . Calcul de la densité scalaire de pion

La densité scalaire de pion dans un milieu étendu de densité p est obtenue par la suite d’égalités ci-dessous
[49], que nous commenterons ensuite :

j=3
<@ > = 3 < A|®(r,t=0)0;(r,t=0)|4A>
j=1
j=3
= D lim g {1 < AT (@;(r,t =0),®(r,t = €)) |4 >}
=1
id'k | id'k 1 2
= 3 o (D) ~ Do) =3 [ et (=) WLk
(271_)36 ( ( ) U(k)) 3 (27]_)4 € (kg_w£+zn) L( )
g [k ridke g, i 2/+°°d ( 2_r.u) Im Tl (w, k)
(27)3 27 k¢ — wi + in 0 « T/ ki—w?+in
dk k2 [+oo 2 d idky 1 1
== 3 —_— - e oY ikpe
(zw)i*fﬂ d“"( w)fmn"(w’k)dwg( aw © K —witim ki —wltin
3p 1 dk /+m 1 1
Y ol dw k 151
A J (@2x)B Jy (Qwi(w-}—wk)? + 2w} (w+wk)) Re(w, k) (51)

La deuxiéme ligne permet d’obtenir la valeur moyenne de $? comme une limite du propagateur de pion
qui est ensuite calculé aprés transformée de Fourrier par une intégrale régularisée sur la quadri-impulsion
(troisitme ligne); & ce niveau la soustraction du vide est faite explicitement en utilisant la relation
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D — Dy = Dyk*11;.Dg qui se déduit de {134). Le propagateur de polarisation complet II; peut s’exprimer
par une relation de dispersion (quatriéme ligne) et une petite manipulation est effectuée dans la cinquiéme
ligne pour calculer l'intégrale sur ko par utilisation du théoréme de Cauchy en fermant le contour par un
grand cercle. La densité scalaire peut donc étre reliée 4 une intégrale sur la réponse de spin-isospin par
nucléon. En Pabsence d’effet de milien notable sur cette réponse, cette densité scalaire est essentiellement
proportionnelle 4 la densité. On peut réexprimer ce résultat en introduisant le commutateur sigma par
nucléon :

- 2 3m? dk [t 1 1
g _mi oo 3ml /
A 2p <> 24 (2n)3 Jo dw 2w (w + wg)? + 23 (w + wy) Re(w,k) (152)

Ce dernier résultat est utilisable pour un noyau fini, ce qui peut se justifier sur la base d’une approximation
de densité locale. La question intéressante est de savoir de combien dévie cette quantité du commutateur
sigma du nucléon libre, ou autrement dit quelle est Pinfluence de ’échange de pions entre les nucléons. Il
a été montré que la contribution du secteur particule-trou pouvait étre estimée avec une approximation
statique [11], c’est-d-dire en faisant w = 0 dans le préfacteur de 'équation (152). Dans ces conditions,
une fois que la contribution du nucléon libre a été soustraite, 'intégrale sur w conduit & un élément de
matrice sur I'état fondamental du noyau d’un opérateur de spin-isospin a deux corps. Un calcul basé sur
une fonction d’onde corrélée montre que l'effet de blocage de Pauli est presque exactement compensé par
les corrélations tensorielles. Par suite, le secteur particule-trou seul ne contribue pas & la modification du
commutateur sigma dans le noyau. Lorsque le secteur delta-trou est incorporé, la situation est la suivante.
Le développement de modes collectifs pion-delta (la branche pionique) conduit 4 un décalage de la force
a une énergie plus basse et on peut s’attendre & une augmentation du commutateur sigma intimement
reliée 4 I'augmentation du nombre de pions dans les noyaux. Ceci semble confirmé par l'analyse des
données de photoabsorption discutée au paragraphe précédent et par une analyse dispersive conduisant

A une augmentation de E( ™) de I'ordre de 5 MeV [11}. Par ailleurs, un calcul direct de (152) peut étre
envisagé si on dispose d’un modele détaillé permettant une estimation réaliste de la fonction-réponse. Si,
dans le cadre d’un tel modele, le commutateur sigma nucléonique est contraint  la valeur de 30MeV,
on trouve effectivement une augmentation de 5MeV (50|, bien que des incertitudes demeurent en ce qui
concerne le comportement & trés haute énergie de la réponse.

d . Influence des mésons lourds

D’autres corrections affectant le commutateur sigma dans le noyau ont été étudiées en détail [51, 52]. 11
a par exemple été démontré que les effets liés A la rediffusion des pions dans le milieu nucléaire corrélé
conduisent & une correction négligeable [53). L’effet des mésons plus lourds sigma et oméga intervenant
dans les théories relativistes de Walecka peut également étre envisagé. Dans la version la plus simple,
les nucléons interagissent par 'intermédiaire d’un échange attractif de sigma (masse mg, constante de
couplage g,nyn = Cg) et d’un échange répulsif de oméga (masse my, constante de couplage g.ny = Cy').
Cette approche est exposée en détail dans le cours de J.F. Mathiot de I’'Ecole Joliot-Curie 1997 [54]. Sous
'effet du champ scalaire attractif, les nucléons acquiérent une masse effective et une énergie dépendant
de la densité scalaire pg :

. % a2 NV 4dp M*
MY = - —S‘PS Ep = (M 2 +p2) 1 /(2 ?’i E»t (pF -p) (153)
L’énergie par nucléon de la matiére nucléaire est :
Epy=~- | — E* — —-= 154
() pf(%)a E;©(pr—p) + 2mZ p + 2m2 p (154)

La liaison nucléaire provient du fait que l'échange attractif de méson sigma qui est engendré par la
combinaison des deux premiers termes de (154) est supérieur & la répulsion due 4 V'échange de oméga
provenant du troisi¢me terme de (154). Le mécanisme de saturation provient de ce que 1'échange attractif
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est contr6lé par la densité scalaire qui croit moins vite que la densité ordinaire p contrélant la répulsion.
Il s’agit d’un effet de cinématique relativiste (y~! = M */E;) qui est toutefois amplifié par la diminution
significative de la masse effective M* par rapport 4 celle cfu nucléon libre. L’évolution du condensat de
quarks est donnée par utilisation du théoréme de Feynman-Hellmann :

_ _ _ ___EB_E__ _ ___p_(BE oFE oF )
| < ag> (o) = | < §q > |uide 23m | < qg> |vide am 3MNEN+ 3mv2w+ _"'am_ssa' (155)

Pour obtenir la deuxiéme expression on a supposé que |'énergie de la matitre dépendait de la masse des
quarks nus par 'intermédiaire de la dépendance des masses des nucléons, sigma et oméga, ce qui explique
Papparition des commutateurs sigma. Si on introduit les densités scalaires des mésons sigma et oméga,
définies de fagon analogue 4 celle du pion mais pour des états normalisés 4 un :

of C3Z
Pso =<mga’ >= -m—gp“; Psw = — < My wfwy >= — < my wp >= —-;;;ipz {156)
1%

on peut établir le résultat trés simple :

' < qq > |(P) = | <gq> Ivide - ﬁ (PSSN + Psaza + pswzw) (157)
De surcroit, en se basant sur le fait que que les mésons sigma et oméga sont constitués de deux quarks
constituants, on suppose que leurs commutateurs sigma sont deux tiers de celui du nucléon. Cette
hypothése est partiellement justifiée par le modale NJL. Le résultat du calcul [55, 56], dans un traitement
plus élaboré (Bruckner-Hartree-Fock relativiste) est montré sur la figure 16 et est comparé au résultat
de plus bas ordre. A faible densité, il y a une petite accélération de la symétrie chirale provenant du réle
dominant de I'échange attractif de méson sigma. Cet effet simule dans une certaine mesure I’échange de
deux pions du paragraphe précédent. Par contre, a haute densité ’échange de oméga I'emporte car Veffet
de Pattraction contrélée par la densité scalaire devient plus faible. Ainsi, par un mécanisme similaire A
celui conduisant & la saturation, il y a un ralentissement de la restauration la symétrie chirale 4 haute
densité. Il est possible qu'un tel mécanisme existe mais il est important de garder & 'esprit que ce calcul
fait dire un peu plus que ce dont il est capable A ce modéle, En effet ces “mésons” sigma et oméga doivent
étre compris comme des objets effectifs. Par exemple, leur attribuer un commutateur sigma égal 4 deux
tiers de celui du nucléon constitue une hypothése pour le moins spéculative,

4 - Observables, masses des pions et des kaons dans la matiére nucléaire
a . Courants aziel et vectoriel 7

A partir du lagrangien (105), on obtient sans difficulté I'expression des courants de Noether axial et
vectoriel. En limitant le développement dans le champ de pion, ils sont de la forme :

- P2 - 1 2\ = = -
A = fo (1 + 3a— 3”<I>+—-(20+§)@><(<I)x6“¢>)

I fr
Vb T 94 Gone & (* f) l“#(«ﬁ f)N 158
+gAN7752N+2f3 Pys ® x <I>x2 N+f,rN7 3 {158)
— 2 — —
V¢ = 1+2(a-—1)¢— b x P
6/ f2
_ T | = -~ T ga - = ‘f')
Ny N + ~— # — = N~* dx - N 159
+72 +2f3N7<I>x(t1>x2)N+fw 775( ><2 (159)

Il est intéressant de constater que les différents termes des courants axial et vectoriel peuvent se déduire
I'un de l'autre par ajout d’un champ de pion vie un produit vectoriel. Dans un milieu chaud, ceci traduit
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Figure 16: Dépendance en densité du condenset de quarks ¢ température nulle. La courbe en tirets
correspondant au résultat au plus bas ordre, linéaire en densité. La courbe en trait plein correspond ¢ un
calcul du type Bruckner-Hartree-Fock relativiste. Tiré de (55, 56].

la possibilité de transformer un courant axial en courant vectoriel par émission ou absorption d’un pion
thermique, induisant ainsi un mélange de parité [57]. Par suite, une sonde externe venant se coupler
au courant vectoriel sera également sensible au courant axial. Ce phénoméne de mélange entre courant
vectoriel et axial se traduira dans les spectres comme on le verra plus loin. Dans le milieu nucléaire froid,
on peut considérer que le réle du bain thermique de pions est joué par les pions virtuels présents avec
la densité < $2 > que nous avons estimée précédemment. Dans ce sens, on peut dire que ce mécanisme
de mélange axial-vecteur [21] est aussi présent y compris dans la matiére nucléaire ordinaire. Au fur et
4 mesure que la densité et/ou la température augmente ce mélange va s’amplifier jusqu’au point ou la
réponse du systéme A une excitation vectorielle ne sera plus distinguable de la réponse & une excitation
axiale; un tel point correspondra i la restauration de la symétrie chirale. Avant la restauration, le degré
de mélange pourra étre vu comme une mesure du degré de restauration partielle de la symétrie chirale.
Ce mélange caractérisant la restauration partielle pourra se manifester dans les spectres expérimentaux
(par exemple en production de dileptons) et aura comme autre conséquence obligée une renormalisation
des constantes de couplage, comme nous allons le voir dans le paragraphe suivant.

b . Ewvolution des constanies de couplage aziales

Examinons tout d’abord la constante de désintégration du pion. Le deuxi®me terme du courant ax-

ial (158), modifiant le courant dans le vide f,3"®, est obtenu, & titre d’iliustration de la discussion
précédente, par ajout d’un champ de pion au courant vectoriel dans le vide (premier terme de (159). Ce
terme de mélange contribue a 1'évolution de la constante de désintégration du pion. Pour estimer cette
évolution on peut commencer, comme on I'avait fait dans le gaz de pion chauds (paragraphe IV-3.c), par
définir un courant axial effectif. Le calcul est en réalité formeliement identique & celui de IV-3.c, une fois
que la densité purement thermique << ®2? >> est remplacée par la densité scalaire < ®2 > dépendant
de la densité et éventuellement de la température. On peut par ailleurs montrer que, dans le cadre du
lagrangien (105), la renormalisation de la fonction d’onde du pion Z; est également formellement iden-
tique & celle du gaz de pion chaud {84). On trouve ainsi dans la matiére nucléaire le méme résultat en
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fonction de la densité scalaire de pions [57], soit :

fE(P)zl_ligZ__, _gﬂ=1_2p2g3+ . (160)
fr 3 fE 3 f2m2 3f2mz T

ot la derniére égalité, dans laquelle le commutateur sigma nucléaire est remplacé par celui du nucléon
libre, correspond & la correction de plus bas ordre dans la densité. Si on prend pour ce commutateur
une valeur de 30 MeV', on obtient une diminution de f, de lordre de 15% & la densité ordinaire. Si on
extrapole ce résultat  la matiére hadronique dense et chaude produite en ions lourds (SIS, CERN/SPS)
on peut avoir des effets allant au dela de 30%. Il faut néanmoins garder & Pesprit que les corrections
d’ordre supérieur et d’autres contributions au lagrangien effectif qui ne sont pas réellement sous contrdle,
pourraient modifier cette prédiction.

De fagon similaire, le courant axial nucléonique est modifié par le deuxiéme terme de la deuxieme
ligne de I'équation (158). Pour définir un courant axial effectif permettant de calculer ’évolution de g4,
on fera dans le courant original le remplacement :

= = 1 2
(8 x (& x ), o< B84 7 — B27; >=< B2 > (gajm - T,-) = <¥>5 (16

Ceci conduit 4 une renormalisation du courant axial et donc de g4 donnée par :

7% 1< @2 >

=1 -~ —

g4 3 f2

relation formellement valable aussi bien a température finie qu’a densité finie. Pour un nucléon isolé
plongé dans un milieu (gaz de pions) chaud, la renormalisation de ga est la méme que celle de f;
[58]. Il s’agit en réalité d’une conséquence du résultat tres général concernant le courant axial 4 basse
température. Dans la matiére nucléaire, bien que le résultat exprimé en termes de la densité de pions
reste formellement valable, la nature corrélée du milieu conduit & une renormalisation de g, différente
de celle de fr [57]. En effet, les pions modifiant la constante de couplage axiale d’un nucléon donné
sont en réalité émis par 'ensemble des autres nucléons. Si il n’y a pas de corrélations de position entre
les nucléons, la densité scalaire affectant ce nucléon donné est égale 4 sa valeur moyenne. Par contre,
l'existence de corrélations 4 deux corps conduira 4 ne prendre en compte que le champ de pions émis par
les nucléons se trouvant & Pextérieur du trou de corrélation. Il en résulte que la renormalisation de g4
est donnée par :

(162)

()
ga(p) -1 - EP(EN )eff (163)
94 3 fiml

L'effet des corrélations revient 4 remplacer la partie pionique du commutateur sigma du nucléon, c’est-a-
dire la densité scalaire pionique par un commutateur sigma. effectif qui ne retient que la densité scalaire
de pions & l'extérieur du trou de corrélation. Si la taille du trou de corrélation est beaucoup plus petite
que la taille du condensat scalaire, c’est-a-dire la distance moyenne a laquelle le champ de pion virtuel
est concentré, ce commutateur sigma effectif est trés proche du commutateur sigma du nucléon isolé.
Des estimations montrent qu’il est en fait légerement plus petit conduisant 4 une diminution de g4 de
ordre de 10%. Cet effet qui peut étre vu, dans un langage habituel, comme un courant d’échange
axial, constitue un mécanisme alternatif & ceux habituellement invoqués (effet Lorentz-Lorenz,...) pour
expliquer la suppression de la force Gamow-Teller observée expérimentalement.

Nous terminerons ce paragraphe par Pétude de la constante de couplage pion-nucléon qui est, comme
on le sait d'aprés la relation de Goldberger-Treiman, intimement reliée aux constantes de couplage axiales.
Nous avons vu que la partie du lagrangien gaNv,vs AN engendre, lorsque A* est calculé au plus bas
ordre dans le champ du pion, le lagrangien usuel décrivant le couplage d’onde p pion-nucléon. Si on
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poursuit le développement de A% a I'ordre suivant, on obtiendra un lagrangien d'interaction 3n NN
donné par :
gA X 1_—' 1 2 g l g =
Larnn = 5 Ny Ty [\e—§ 49,9 + 2a+E 2.9, N (164)
n
En prenant la valeur moyenne des termes en ®;®;, on peut regrouper ce lagrangien avec le lagrangien

{110} pour obtenir un lagrangien de couplage effectif pion-nucléon, soit :

<@ >\ - T o gnNN 5 T
c =94 (1485 "2} Nytys 2.9,8N = T8N 712 fopn, T 5 BN
( n'NN)eff A B ﬁf,:': T s gOn My x i ) 2 au (165)
oit dans la deuxiéme équation on a utilisé la relation de Goldberger-Treiman et remarqué que la correction
de vertex correspondait, & cet ordre dans le champ de pion, & I'inverse de la renormalisation (84) de
fonction d’onde du pion. Pour obtenir la constante de couplage effective 7 NN dans le milieu, il faut
multiplier la renormalisation de vertex par la renormalisation de fonction d’onde, si bien que :

gnnle) _y 4 ocats (166)
GrNN

Ainsi, & l'ordre d’une boucle de pions, la constante de couplage d’onde p gouvernant I'interaction pion-
nucléon, linteraction nucléon-nucléon d’échange de pions et les modes collectifs pioniques nucléaires,
n’est pas modifiée dans la matiére nucléaire [49]. Ce résultat important justifie a posteriori toute la
phénoménologie pion-noyau basée sur les données pion-nucléon et nucléon-nucléon [2]. Il se pourrait
cependant que ce résultat soit légérement affecté par les corrélations pour les mémes raisons que celles
mentionndes lors de la discussion relative & la modification de g4.

¢ . Masse du pion dans la matiére nucléaire symétrigue

Le probleme de I'évolution de la masse du pion et de son lien éventuel avec 'évolution du condensat de
quarks et la restauration partielle de la symétrie, a été beaucoup discuté. Nous allons dans ce qui suit
tenter de clarifier cette question en insistant sur ce que dit et surtout ce que ne dit pas la symétrie chirale
[59, 60, 61, 53]. De fagon évidente, la modification de la masse du pion dépendra de la self-énergie d’onde
8, reliée au potentiel optique d’onde s. Au plus bas ordre dans la densité, on a :

Hos(w, k) = 2wVop(w, k) = p < k|Tan(w)lk > (167)

oit < k|Tzn(w)lk > est I'amplitude de diffusion pion-nucléon symétrique (d’isospin) vers 'avant. Il s’agit
en réalité d'une amplitude moyennée sur 'impulsion des nucléons de la mer de Fermi; on supposera dans
la suite que ces nucléons sont statiques et Pamplitude sera prise pour un nucléon au repos. Lorsque
k = 0, on notera cette amplitude simplement T7 4 {w). la modification de la masse du pion sera par suite
au plus bas ordre dans la densité :

m;? = m,% + pTTI'N(mﬂ') (168)
Considérons maintenant de fagon générale, le processus de diffusion n(k) + N(p) = =(k') + N(p')
caractérisé par une amplitude, pouvant étre étendue a4 des pions hors-couche, qui dépend de quatre
variables indépendantes invariantes de Lorentz :

kE+K)(p+7)
K, k7, _ = —k.k'
v M. , vp '

La symétrie chirale seule donne une prédiction sur le développement de Pamplitude symétrique autour
du point de pions mous (k = &' = 0 soit k% = &"? = v? = v = 0) lorsque ’extrapolation hors-couche du
champ de pion suit la relation PCAC, B#A;-' = — frm2®;. Ce théoréme [62], qui s’applique & Pamplitude
avec terme de pole de nucléon (terme de Born) soustrait, s’écrit :

Y
Tow (k% k2,07 = 0,vp = 0) = }?_Nn;g (m? - &2 - k) (169)
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C’est précisément ce résultat (2 un facteur de forme scalaire isoscalaire prés) qui est utilisé pour extraire
le commutateur sigma du nucléon A partir de techniques d’extrapolation des amplitudes expérimentales.
A cet égard, deux points sont particulitrement intéressants :

> 5
TiN4€(0,0,0,0) = =%, Ton(m?,m2,0,0) = —-ﬁ (170)
m m

Au point de pions mous (k* = k? = 2 = yg = 0) on trouve un résultat spécifique 2 la représentation
PCAC. Le point dit de Cheng-Dashen correspond 2 k% = k? = m?2 et 12 = vg = 0. Ii g’agit d’un point,
certes inaccessible cinématiquement, mais correspondant 2 des pions sur couche; par conséquent, il est
indépendant de la représentation. Par contre, la symétrie chirale seule ne dit rien sur la, dépendance en

v? et vp. Pour des nucléons an repos et des pions d’impulsion nulle on a 12 = —vp = Ww?, et I'amplitude
s’écrira. : 5
— N 2 2
Tan(w) = TTm? (ms — 2w°) +..7... (171)

Par conséquent, la masse du pion évoluera comme :

*2
m by
(o) _ Lo (172)
m‘JT f?l' m?r
ou les points d’interrogation proviennent de la dépendance non prédite par la symétrie chirale dans les
variables ¥ = —vg = w?. Si on “oublie” ces termes imconnus, 'amplitude au seuil T,y (m,) est celle

au point de Cheng-Dashen que la symétrie chirale prédit. Il en résulte alors que la masse carrée du
pion décroit avec la densité comme le condensat de quarks. Il faut cependant éviter d’en conclure que
la symétrie chirale prévoit une telle diminution pouvant conduire 4 une condensation d’onde s des pions
comme cela a été parfois spéculé dans la littérature. Tout ce que la symétrie chirale prédit est qu’il doit
y avoir ce terme dans la dépendance en densité de la masse du pion,

Nous allons maintenant voir, en prenant de nouveau notre lagrangien guide (105), un exemple d'autres
termes spécifiques & un modéle. On commence par introduire le champ de pions PCAC :

oy NN
fim?

Ce champ PCAC est le champ de départ du modéle linéaire mais corrigé par le terme de brisure en
on. Suivant la discussion faite 4 la fin de la partie V-1, on identifiera oy avec la contribution du
coeur de quarks au commutateur sigma, soit oy = ES{P. En effectuant le changement de variable dans

le lagrangien, on obtient au plus bas ordre en @ et NN 'expression de £, 55 et du terme d'énergie
cinétique des pions :

1, SPNNY 1, . =9 AN _ 2O NN
‘C'J(SB+ct'n = é-mfrfpz (] + %m"a— + 58“ Pl + -7!\-(2—?-“2— or gl + %-"1-2'—- (174)
M x iy w e

3 A = 7 (1 - (173)

L’application élémentaire des régles de Feynman donne la contribution & "'amplitude de diffusion symétrique
d'onde s :
(9) (1.2 2 2 Y 2 2 12
f
T (k2 k ,u,uB)zyi#(mﬂ—k - K?) (175)
n T

Dans ce cas particulier, on trouve le résultat prédit par la symétrie chirale seule sans autres termes
spécifiques. Il faut par ailleurs, dans V'esprit de ce qui précede, ajouter la contribution provenant de la
diffusion des pions sur le nuage pionique du nucléon (figure 17). Comme on peut s’y attendre intuitive-
ment, cette amplitude va dépendre de la densité scalaire de pion et par suite de la partie pionique du
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Figure 17: Amplitude pion-nucléon provenant de l'interaction du pion ezterne sur le nuage de pions
virtuels du nucléon représenté par une ligne en trait plein.

commutateur sigma. Le calcul (assez similaire & celui donnant la self-énergie du pion dans le gaz de pion
chaud) donne :

(7} 02 02 2 25\7) 2 2 n 4
TRN(k ,k sV ,VB) = m" (m,, —k°=k° - 5113) (176)
Cette fois ci, on obtient un terme spécifique en vg. Si on introduit le commutateur sigma du nucléon
complet Xy = ZE:;) + Egg), I'amplitude totale s’écrit :

T.n{k? k2,02 vp) = In_ (m2 - k- k'ﬁ) -4 Ey vg (177)
1 3 1 fy? mg T 3f1% mg

Ceci conduit & la loi d’évolution pour la masse du pion [49] :

mitp) _, _ P (W —4E) (178)
m fim?

C’est donc une combinaison trés particulidre des contributions pioniques et du coeur de quarks (253) -
2(;)/ 3) qui gouverne dans ce modeéle I’évolution de la masse du pion. Cette évolution est différente de

celle de f (2 ES:,') /3) et de celle du condensat (X5 = 253) + EE:,')). On voit ainsi sur ce petit exercice qu'’il
n'y a aucun caractére d’universalité pour I’évolution de ces trois observables s, contrairement i certaines
prédictions basées sur des modéles bien particuliers. Par ailleurs, si 'on reprend les valeurs déja utilisées
EKI) = 0 MeV et 253’ = 15MeV, on obtient une trés petite longueur de diffusion attractive ag =~
0.006 m_!. Ceci est raisonnable si [’on se souvient que le terme de Born seul donne approximativement
la valeur expérimentale (ag)ezp = —0.010m ! et que d’autres contributions (telles que celle du delta)
doivent &tre incorporées. On obtient une diminution également trés faible de la masse du pion de l'ordre
de 3 MeV i la densité ordinaire, alors que les données d’atomes mésiques favorisent une augmentation de
'ordre de 10MeV provenant notamment d’effets d’ordre supérieurs tels que la rediffusion de I'amplitude
isovectorielle en présence des corrélations de Pauli. Cela étant, notre propos n'est pas ici de reproduire
de facon fine la phénoménologie mais de montrer ce que I'on entend par prédiction de la symétrie chirale.
Nous allons maintenant mener une étude similaire pour la masse des kaons & densité finie.

d . Masse des kaons dans la matiére hadronigue

Les kaons K (K1, K% et les antikaons K(K?, K~) peuvent étre considérés comme des bosons de Gold-
stone de la symétrie chirale approchée SU;,(3) x SU(3)x. Cette symétrie serait exacte dans la limite ot
le quark étrange s aurait, tout comme les quarks u et d, une masse nulle. La masse du quark s étant
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de l'ordre de m; = 150 MeV, cette symétrie est brisée plus fortement, & la hauteur de m,/My ~ 15%.
Toutefois, malgré la présence d’un quark s, les kaons de masse 500 MeV sont notablement plus légers
que les mésons “ordinaires” constitués de quarks légers tels que le rho et le oméga. Ceci est un élémen;
permettant de leur accorder un statut de (quasi) boson de Goldstone. Par suite, de la méme fagcon que
la symétrie SU(3) constitue un point de départ excellent pour la classification des hadrons, la symétrie
chirale SUL(3) x SU(3)r sera utilisée pour dégager de nombreuses propriétés relatives A la physique des
kaons. On peut ainsi construire, par extension de ce que l'on fait dans le cas des pions, des lagrangiens
chiraux qui prédiront des modifications de la masse des kaons dans la matiére nucléaire. Un tel lagrangien
contiendra obligatoirement un terme engendrant une modification de masse des kaons et des antikaons
[63] :

micle) _ i) g _Zwp (179)
m2 m% fimi

Ce résultat est I'exact analogue du résultat (172) pour les pions. Dans la limite ot la symétrie SU(3)
est exacte, la constante f s’identifie avec f,. Le terme sigma Y n, qui dépend de la densité scalaire de
quarks étranges dans le nucléon, caractérise la brisure explicite de la symétrie chirale SUL(3) x SU(3)r

dans le nucléon : 4
m
TN = / dr 22 < Nl + sslV > (180)
La valeur de cette quantité dépendant donc du contenu étrange du nucléon, n’est pas connue précisément
mais est habituellement estimée dans la gamme 350 — 400 MeV. Cela conduit & une diminution de la

masse des kaons 4 la densité ordinaire d’environ 10%.

Par ailleurs, la symétrie chirale implique également Pexistence d'un couplage vectoriel des mésons
pseudo-scalaires aux nucléons. Revenons pour un moment au secteur des pions; le lagrangien de couplage
vectoriel est la contribution 4 (105) donnée par :

- 1 -_— - e -
Ly = N’)’#Vé‘N s —II?N"YMT.(Q x B‘M‘I))N (181)

En introduisant les opérateurs d’isospin du nucléon ty et du pion t., ce lagrangien conduit 4 une
amplitude d'isospin (pour des pions normalisés de fagon covariante) au seuil qui est I'amplitude de
Weinberg-Tomozawa (WT) :

Ton = or tntn (182)
f

En ce qui concerne le potentiel optique, seules contribuent les troisiémes composantes des opérateurs
d’isospin. Si p, et py, sont les densités de protons et neutrons, on a :

My 1 a
2my <1 Vop(w = my, k= 0)| 7% >= Am2, = ¥l §(pp — Pn) < T (ta)y 7% > (183)

On en déduit par suite la modification de la masse des pions chargés au plus bas ordre dans la densité :

1 g’
Amg+ = —Am,- = Ifz(pp —pn) = ﬁ(ﬂp — Pn) (184)

Pour obtenir la deuxiéme forme on a utilisé la relation KSF R, mi =2 f,?g;‘; gui est basée sur I’hypothése
phénoménologiquement excellente de la dominance vectorielle (VDM). Dans cette relation my est la
masse du méson rho et g, est la constante de couplage du rho aux hadrons. Le processus associé a
'amplitude WT peut simplement étre vu comme un échange de rho entre le nucléon et le pion : chaque
vertex pmm et pNN donne un facteur g, et le propagateur du rho 2 moment nul donne un facteur 1 /mf/;
le facteur p, — p, et les signes différents pour les 7% et le 7~ proviennent de la nature isovectorielle du
rho et par suite des couplages. Dans la matiére nucléaire symétrique {p, = p,), il apparait que la masse
des pions n'est pas modifiée par le couplage vectoricl. Il n’en va pas de méme pour les kaons car il peut
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y avoir en plus un échange de méson oméga (64, 65| isoscalaire entre le nucléon et le kaon, ce qui est
interdit pour les pions du fait de la conservation de la G-parité. La modification de la masse des kaons
chargés sera :

2

11 1 g
Amys = ~Amg- = 5 ‘4?2‘ (3 (pp + on) + (pp — Pn)) = 5 2,;2 (3 (0 + pn) + (pp — p“]) (185)

Le facteur global 1/2 peut étre compris en se souvenant que le tho (ué — dd) et le oméga (ui + dd) ne se
couplent dans le kaon qu’au seul quark léger et non au quark s. Le terme isoscalaire en py, + p,, correspond
a P'échange de oméga (pratiquement de méme masse que le rho) et le facteur 3 est issu de la relation
de SU(3) combinée & VDM, g,, = 39, [66]. On peut également expliquer trés simplement pourquoi les
variations de masse du KV et du K~ sont opposées. Pour la partie isovectorielle, le changement de signe
provient du fait que le K* et le K~ ont des ¢; opposées. En ce qui concerne la partie isoscalaire, le
oméga se couple au quark v du K™, tandis qu'’il se couple & 'antiquark @ du K~ et le changement de
signe peut se comprendre 4 'aide de I'équation de Dirac d’un fermion dans un champ vectoriel uniforme.
Pour une solution & énergie positive {négative) I'énergie vectorielle s’ajoute toujours & I'énergie E, (-
E,); par suite elle se retranche & I’énergie de l'antifermion vu, selon la vieille image, comme un trou
dans la mer de Dirac. Cette partie isoscalaire liée 4 I’échange de oméga, bien que provenant de termes
s'incluant naturellement dans un lagrangien chiral combiné aux résonances vectorielles, n’est cependant
pas strictement lié & la symétrie chirale contrairement 4 la partie isovectorielle liée au rho et 4 la partie
scalaire (179). Dans la matiére symétrique p, = p, = p/2, les variations de masse du kaon (K = K*} et
de I'antikaon (K = K~) sont :

3 _ LB/

Amix = —Amgp = > p=

(186)

On obtient un lien intéressant avec le modele de Walbcka [67] si on identifie 3g,/2 avec la constante de
couplage vectorielle Cy (voir paragraphe V-3.d). Le potentiel répulsif senti par le kaon est égal au tiers
de celui senti par le nucléon car le oméga se couple & un quark dans le kaon contre trois dans le nucléon.

Si on regroupe les résultats précédents on obtient les lois de variations de masse dans la matiére
nucléaire symétrique, au premier ordre dans la densité :

SN 3

micle) = i = g b (187)
. LN 3
mﬂ’(p) = mg — 2me2P = ng P (188)

11 se produit, dans le cas du kaon K, une forte con}pensation entre les parties vectorielle et scalaire
donnant finalement une petite augmentation de mass€ de I'ordre de 10 MeV & la densité ordinaire. Par
contre, effet d’attraction s’ajoute pour les antikaons K ~, conduisant & une diminution appréciable
de leur masse supérieure & 100 MeV. Bien entendu, cette premiére approche, bien qu’incorporant les
éléments de base essentiels liés & la symétrie chirale, est au mieux qualitative et doit étre améliorée
et contrainte par la phénoménologie K-nucléon et K-noyau. Par exemple, & partir de la longueur de
diffusion KN on prévoit plutdt une augmentation de 30MeV de la masse du K+ & la densité normale.
Par ailleurs, la longueur de diffusion K~ N est négative [68], ce qui devrait entrainer une augmentation
de la masse des K—. Cependant, cette répulsion apparente provient de 'existence d’un état quasi-lié, la
résonance A(1405) qui en fait se “dissout™ trés rapidement [56, 69] & une densité de I'ordre de 0.1 pg du
fait du blocage de Pauli. Ainsi, lorsque la densité augmente cette répulsion se transforme trés vite en
attraction (fig. 18), les données d’atomes kaoniques étant compatibles avec une diminution de la masse
du K~ d’environ 200 MeV a la densité ordinaire [70]. Nous présentons sur la figure 18 les résultats d’un
calcul (incorporant le couplage au A et A sa voie de désintégration ) incluant divers effets de milieu
tels que le blocage de Pauli, la liaison du nucléon, le mouvement de Fermi et les corrélations de courte
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Figure 18: Masses effectives du K+ et du K~ Ecnl': [GeV]
dans la matiére nucléaire symétrigue en fone-
tion de la densité baryonique. Le ingrédients du Figure 19: Sections efficaces différentielles de
calcul sont mentionnéds dans le tezte; les courbes production de Kt et K~ sous le seuil en colli-
pleines incorporent Ueffet des corrélations NN sions relativistes Ni + Ni a¢ GSJ {71, 72}

portée entre les nucléons [56, 69). L'effet de séparation des modes kaoniques d’étrangeté S = +1 et
S = ~1 est particulitrement spectaculaire. I y a des indications expérimentales trés fortes en faveur
de ce phénoméne dans la comparaison de la production de K+ et de K~ sous le seuil énergétique de
production, en collisions nucléaires relativistes. Nous montrons sur la figure 19 des données de production
de K= en collision Ni + Ni obtenues i GSI par les collaborations KAOS [71) et FRS [72]. Les énergies
(E=10AGeV pour K+, E = 1.8 AGeV pour K7) ont été choisies de telle sorte qu'il manque la méme
énergie (0.23 GeV') pour avoir énergie seuil. Le rapport de production K~ /K* est de 1’ordre de un alors
que 'extrapolation des processus élémentaires conduisent i un rapport de l'ordre de 1/10 qui devrait
encore diminuer si I'on se souvient que I'absorption du K+ dans la matiére est beaucoup plus faible
que celle du K~. Un élément important dans I'interprétation de ces données vient de ce que le taux
de production est extrémement sensible 4 la valeur des masses des particules. Ainsi, dans la gamme de
densité on les kaons sont produits, typiquement deux fois la densité nucléaire normale, la masse des K~
est diminuée, d’aprés la figure 18, de motitié, provoquant de ce fait une trés forte ouverture de 'espace de
phase. Des calculs récents incorporant la variation des masses sont effectivement capables de reproduire
raisonnablement les données [73].

Nous terminerons en mentionnant que de telles diminutions de la masse des antikaons extrapolées
4 des densités de Pordre de 3 — 4 po pourrait conduire 4 un phénoméne de condensation. Ainsi, dans
une étoile & neutrons, une fois que les neutrinos ont été évacués, le potentiel chimique des électrons
He = ln — pp est de 'ordre de 200MeV. A la densité critique pour laquelle mg—(p.) = je, il deviendra
énergétiquement favorable pour les électrons de se transformer en K~ par le processuse -+ K~ +v. Il a
€été montré que ce phénomene de condensation des kaons, pouvant avoir des conséquences importantes sur
les processus de collapse stellaire, se produit & une densité critique dont la valeur 3 —4 po est relativement
“robuste vis-a-vis des paramétres du calcul effectué fr4).

264




F

VI- PRODUCTION DE DILEPTONS EN COLLISIONS D'IONS
LOURDS RELATIVISTES ET MESON RHO DANS LA MA-
TIERE HADRONIQUE DENSE ET CHAUDE

1 - Introduction

La production de dileptons (e~ e* ou p~pt) constitue une sonde directe de la matiére hadronique dense
et chaude produite au début des collisions d'ions lourds relativistes. Du fait de la trés faible distorsion
subie par les dileptons lorsqu’ils quittent la zone chaude, on peut espérer obtenir une information trés
propre sur la distribution de masse des résonances vectorielles telles que les mésons p, w, & ou J/¥. A
cet égard, un vaste programme expérimental a été entrepris au CERN/SPS par l'intermédiaire de trois
collaborations : CERES(e~e*), HELIOS-3 et NA38/NA50 {4~ ut). Le spectre en masse invariante de
la paire de leptons peut étre schématiquement divisé en trois régions :

* M > 25GeV : dans cette région des hautes masses étudiée en particulier par NA38/50, le fait
majeur est la fameuse suppression observée du J/i¥ qui pourrait provenir de la formation d’un

plasma de quarks et de gluons. Je ne discuterai pas cette région qui fait 'objet des cours de M.
Gonin et J. Y. Ollitrault.

o 1GeV < M < 2.5GeV : cest la région dite des masses intermédiaires étudiées par HELIQS-3
et NA38/50. Une augmentation du taux de production de dileptons par rapport 4 proton- noyau
{p— A) a été observée en collisions centrales S — W, § — U et Pb— Pb. 1l a été suggéré qu'il s’agit
d'une signature de la formation d'un plasma de quarks et de gluons mais la prise en compte de
processus hadroniques secondaires tels que ma; — Il peut constituer une explication alternative au
moins partielle [75].

¢ M < 1GeV : cette région a été étudiée avec des faisceaux de soufre 4 200 GeV/u par CERES
(S — Au) [76] et HEL10S-3 (S — W) [77] puis avec des faisceaux de plomb par CERES (Pb — Au)
[78]. A la différence de la région des hautes masses dont l'objectif est I'étude de la transition de
phase de déconfinement, cette région doit permettre d’obtenir des informations sur les mécanismes
gouvernant la restauration graduelle de la symétrie chirale. Ce qui suit lui sera essentiellement
consacre.

Le fait expérimental marquant relatif 4 cette région des basses masses est la forte augmentation du taux
de production dans la région 300 MeV < M < 600 MeV par rapport 4 ce qui est observé en proton-noyau
une fois que les taux sont normalisés suivant la multiplicité des particules chargées.

e Comme on peut le veir sur la figure 20, les sources hadroniques conventionnelles permettant
d’expliquer les données en protons, sous-estiment considérablement les données expérimentales
en collisions centrales § — Au. Ces sources constituent ce que 'on appelle parfois le “cocktail
hadronique”:

- désintégration directe des résonances vectorielles : p,w,® — I
- désintégrations Dalitz : 0,7 w e"ey, w3 e etm

o Par ailleurs, d’autres sources, et en tout premier lieu I'annihilation 7+ 7, spécifiques aux collisions
noyau-noyau doivent étre incorporées. Ce processus d’annihilation fortement dominé par le méson
rho (nt2~ — p — e*e”) donne une contribution importante. Cependant, les calculs dynamiques
(codes de transport) basés sur des scénarios différents, bien gue donnant des résultats trés similaires,
ont en commun de ne pas reproduire le taux de dileptons observés [79, 80, 81]. Comme on peut le voir
sur la figure 21, il manque encore un facteur de 'ordre de quatre autour de M = 400—500 MeV. De
plus, il y a maintenant plus de dileptons produits dans le calcul théorique que ce qui est effectivement
mesuré dans la région du rho proprement dit.
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Figure 20: Spectre en masse invariante de lo paire ete~ en collision centrale S — Au & 200GeV/u
mesurée par la collaboration CERES [76]. Les contributions (issues d’une simulation Monte-Carlo per-
mettent de reproduire les données en protons) des différentes sources conventionnelles (désintégrations
de hadrons) soni représentées séparément; la région hachurée indigue Uerreur systématique affectant la
somme de ces contributions. Sur la figure sont €galement mentionnées les coupures en acceptance rela-
twes & l'impulsion transverse, l'angle d’ouverture et la pseudo-rapidité de la paire de leptons, ainsi que
la multiplicité moyenne des particules chargées des événements reconstruits.

Ces résultats expérimentaux ont suscité un intérét considérable et il a été rapidement émis I'idée [82]
que ces données constituent une évidence de la modification des propriétés des hadrons induite par la
modification des caractéristiques fondamentales (condensats de quarks ou de gluons) du vide de QCD.
Du fait de la contribution dominante du rho dans le spectre (dominance vectorielle), la production de
dileptons est un outil privilégié pour étudier Pévolution de ses propriétés dans le milieu hadronique dense
et chaud. A cet égard, un calcul de transport relativiste {basé sur un modéle de type Walecka) a permis de
reproduire les données (fig. 22) si on diminue la masse du rho dans le milieu [76]. Dans cette approche, ol
les distributions initiales des hadrons venant de la fragmentation des cordes sont obtenues dans le modéle
RQMD, la diminution de la masse du rho vient du couplage au condensat scalaire, valeur moyenne du
champ scalaire sigma, suivant Am, = —2¢5 <o > [3=2AMp/3.

Nous allons dans la suite discuter en détail les divers effets de milieu qui ont été proposés en insis-
tant sur leurs liens éventuels avec la restauration de la symétrie chirale. Différents mécanismes ont été
Proposés :

* Modification des propriétés des hadrons (masse du méson rho ). La symétrie chirale seule prédit que
la masse du rho n’est pas modifiée & ordre T2 (21, 83, 84]. Pour aller au dels, il faut utiliser des
approches basées sur des théories effectives qui autorisent une modification des masses par couplage
aux condensats. Ce pourra étre le condensat scalaire < o >, les condensats de quarks ou encore
de gluons. on obtient ce que 1'on appelle de fagon générique dans la littérature le “dropping rho
meson mass scenario”. Le test de cohérence d’un tel scénario et le lien avec la symétrie chirale se
fait par utilisation des régles de somme de QCD qui relient I'évolution des distributions spectrales
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Figure 21: Taur de production de dileptons

obtenus avec différents codes de transport ayant Figure 22: Effet de la modification de la masse
en commun d’incorporer, outre les sources con- du rho sur le code de transport “Li- Ko- Broun-
ventionnelles, Uannihilation ntn~, Sorge”.

4 'évolution des condensats. Un exemple d’application de cette idée, qui a joué un role important
dans le débat théorique, est justement le calcul mentionné ci-dessus (fig. 22)

s Mélange azial-vecteur. Comme on l'a déja dit [21) (paragraphes II-5.b, V-4.a), ce mélange est une
conséquence de la symétrie chirale. En particulier, par émission ou absorption de pions thermiques,
le rho pourra se transformer en son partenaire chiral, ie méson a; de nombres quantiques I =
1, JF = 1%, de masse ms = 1230MeV et de largeur de 'ordre de 400 MeV. Le spectre de
dileptons & température finie contiendra par suite une composante relative au méson a, [85, 86]
grace  des processus du type ai{g + &) — 7{k) + plg) = e"e* (¢* = g'qu = M?)

s Baryons et leurs nuages pioniques (systéme mNA). Le spectre de masse du méson rho peut étre
modifié 4 densité finie par des mécanismes a priori plus conventionnels [87, 88, 89]. On verra en
particulier que les voies de désintégration p — Ak 7*, ol 7+ est un mode collectif pionique (branche
pionique), conduisent &4 une modification importante du spectre dans la région M ~ wa + my ~
500MeV. L’analyse & l'aide des régles de somme de QCD montre que ce type d'approche est
compatible avec I'évolution des condensats (section VI-4) et doit par suite nécessairement contenir
un lien avec la restauration de la symétrie chirale. Ce lien se manifeste sous la forme d’un mélange
entre le courant vectoriel [48] dominé par le rho et le courant axial nucléonique (section VI-6). Dans
les deux cas {couplage au a; 4 T finie et couplage au courant axial nucléonique & pp finie), le mélange
conduit & un élargissement du spectre. Cela autorise un scénario alternatif de restauration qui
permet, tout aussi bien que le “dropping mass scenario”, de reproduire les données expérimentales.

» Résonances baryoniques. Le couplage direct du rho au nucléon peut conduire i ’excitation, outre
celle du delta, de résonances ayant une voie de désintégration importante en rho-nucléon, telles que
la A(1905) (couplage d’onde p et f) et surtout la N*(1720) {couplage d’onde p). Ces résonances,
par couplage au méson rho, vont engendrer un mode collectif de “branche du rho” {90] analogue 4
la branche pionique qui va aussi donner une augmentation de la fonction spectrale et par suite du
taux de production de dileptons pour des masses invariantes inférieures 4 0.6 GeV'.
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2 - Taux de production de dileptons (DPR)
a. DPR et corrélateur courant-courant dans la matiére hadronique chaude

Dans la suite on appellera le taux de production de dileptons DPR, de Panglais “dilepton production rate”.
Pour faire le calcul du DPR pour des dileptons ayant une quadri-impulsion ¢* = (g9, q), ¢*g, = M?, on
supposera que la matiére hadronique est thermiquement équilibrée & la température T = 8! et done
que I'état macroscopique initial est décrit par un ensemble statistique dans lequel P, = ¢—8: /Z est la
probabilité de trouver P’état |i >. Un calcul standard basé sur les régles de Feynman de I'électrodynamique
conduit, pour des leptons ultrarelativistes, & un DPR (par unité de volume) :

dR _ o’
dizxdiq = 6as M2 I

W (q) (189)

ol @ = 1/137 est la constante de structure fine. L’information physique est contenue dans le tenseur
hadronique :

e—AE:

W) = 3

1

> <O >< f1740)]i > (27)* 8(g0 + py — pi) 89 (q + P — Pi}
/

= ] d'e79T << JY () TH(0) >> (190)

ou1 J#(0) est I'opérateur courant électromagnétique assurant la transition vers les divers états hadroniques
finals |f > accompagnant I’émission de dileptons. La deuxi¢me ligne montre que le DPR donne acces
la transformée de Fourier d’un corrélateur courant-courant. Pour gg > 0 (ce qui sera toujours le cas car
go représente 'énergie de la paire) WH(g) s’annule a T = 0, mais il est possible de I’exprimer en fonction
d’autres tenseurs hadroniques qui ont une limite non triviale & température nulle :

WG _ gyl _ (3) ImI()  (-1) Imie(y)

= = 91
27 2r ebao — 1 efw 4 1 (191)
oll p*#(g} est le tenseur spectral donné par :
e e PE; v . . 4 (3)
g = Y Z > <O ><ilTHO)f > (27)* (a0 + py — 1:) 6 (a+p;—pi)
f i
= fd4::: €97 << JY(2)J4(0) >> (192)

On voit ainsi que, une fois que le facteur thermique exp(—PBqo) a été extrait, la description du processus
d’émission i — f + Il se raméne & celui du processus f + {I — 7. Par suite, en ce qui concerne la
production de dileptons sans émission de hadrons dans I'état final, nous sommes ramenés & un processus
d’annihilation {I — 4 dont on a une information expérimentale trés précise. Plus généralement, dans
le cas d’états hadroniques finals |f >, nous sommes ramenés & un processus d’absorption de photons
virtuels de masse invariante M = g positive (genre temps) sur une matiére hadronique peuplée d’états
hadroniques |f > présents avec la probabilité Py = exp(—PBE;s)/Z. Ce DPR peut également s’exprimer
en fonction de la partie imaginaire d’un propagateur retardé donné par :

% (g) = —i /d"wei"“‘ Ofzo) << [J*(z),J*(0)] >> (193)
Cette fonction de Green est la quantité physique intervenant directement dans le formalisme de la théorie

quantique des champs A température finie. Finalement, le DPR peut aussi s’exprimer en fonction d’un
propagateur relatif & un produit chronologique :

1 (g) = —i / Az << T (J4(z), JU(0) >> (194)
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Cette derniére quantité représentant une amplitude Compton vers Davant est usuelle en théorie des
champs & température nulle. Cette forme se préte particulitrement bien au développement en densité du
DPR que nous allons effectuer dans le paragraphe suivant.

b . Développement en densité

Si les densités de particules présentes dans le bain thermique ne sont pas trop élevées, on peut effectuer
un développement, (parfois appelé développement du viriel) du corrélateur courant-courant (194). Sion
se limite au premier ordre dans les densités, on aura :

" (q) = T3, (a) + > pu 13" (a) (195)
h
ou py, est la densité de hadrons d’espéce h. La contribution du vide est :
Wilg) = ~i [dtze= < O[T (J(2),7(0)) o > (196)

Comme on le précisera dans le paragraphe suivant, sa partie imaginaire donnant la contribution au DPR,
est directement reliée & la section efficace d'annihilation e*e~ — i. On s'attend A ce que la partie
hadronique, & température et potentiel chimique baryonique donnés, soit dominée par les contributions
des mésons et des baryons les plus légers, a savoir les pions et les nucléons. En omettant pour simplifier
tous les indices de spin ou d’isospin et en utilisant des notations standard, celles-ci s’écriront :

pel(a) = i [ Bot) [dtee < aQQIT (4@, I(0) ) > (197)
v = i [ B hnB) [dacts < NEIT (@), 0D INE) > (98)

Le point intéressant est que l'on peut avoir des informations au moins partielles sur ces quantités. En
ce qui concerne la contribution pionique, le DPR met en jeu la partie absorptive (partie imaginaire)
de 'amplitude Compton virtuelle v*(q) + x(k) — +*(¢) + = (k) vers 'avant. Il n’y a pas d’information
expérimentale sur cette quantité mais on verra (section V-5) que cette contribution au DPR peut étre
relice, grice & la symétrie chirale, au mélange axial-vecteur et que, par suite, elle pourra étre exprimée
de fagon indépendante de modéle [86]. La contribution nucléonique est reliée & la section efficace de
photoabsorption d’un photon virtuel sur un nucléon Pour son estimation, on utilise des théories effectives
incluant la dominance vectorielle et contraintes sur la ligne de photon réel {gy = |q|) par les données de
photoabsorption [91, 92].

¢ . Corrélateur courant-courant dans le vide

Dans le vide [93], la covariance et I'invariance de jauge (conservation du courant électromagnétique)
imposent la forme du tenseur IT;, (¢} qui dépend d'une fonction de corrélation scalaire IT{¢?) :

™ (q) = — (¢ - L g M(g?) = -1 g, TI* 199)
vide(@) = — | g _qg_— (g%}, (g°) = 39’.uu vide () (

Sa partie imaginaire est directement reliée au DPR (189) lorsque I'on ne retient que la contribution du
vide dans le développement du viriel (195). En utilisant (191), on obtient :

diR a? 1
R Ili{g? 200
(d“.:c d“q)o mig? efo 41 ImIi(g") (200)

Le DFPR, calculé a ce niveau d’approximation, est directement relié 4 la section efficace d’annihilation
ete™ — hadrons :
(ete™ = hadrons) 12w

og
R(s) = olete- = utu~) s

ImIlI(s) (201)
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Figure 23: Le rapport R en fonction de lag masse invariante de la paire e"et. De gauche é droite sont
montrés séparément les canauz isovectoriel (rho), isoscalaire (oméga) et du phi. Les courbes en trait
plein sont issues d’un calcul VDM. Les détails sont donnés dans la référence [92].

ol /s est I'énergie totale dans le centre de masse de la paire de leptons et olete™ = ptp~) = dna?/3s.
En dessous du seuil de production du charme (/5 < 2m, ~ 3 GeV'), le courant électromagnétique est :

2_ 1- 1_

Jb = gufy“u - §d7“d - 537“3 =J + Jb + Jb - (202)
1, - | B - 1.

o= jEtu-dd),  Jisplarutdid),  JE = —ers (203)

Les parties imaginaires des trois fonctions de corrélations associées aux trois canaux (p,w,®) peuvent
étre distinguées en regardant différents canaux hadroniques. Il est un fait expérimental incontestable
(fig. 23) que chacun de ces canaux qui n’interferent que faiblement entre eux, est fortement dominé par
la présence de la résonance vectorielle correspondante ;

¢ JI : dominance du rho par e”et — p o 77
¢ J/ : dominance du oméga par e"et = w —> 37
e J§ : dominance du phi par e"et & — KK

Ceci est un des supports majeurs, avec les facteurs de forme électromagnétiques des pions et des kaons,
suggérant I'hypothése de la dominance vectorielle (VDM). Dans sa version originale [94], due & Sakurai, on
traduit formellement cette hypothése par une identité champ-courant dans chacun des canaux V = p,w, ®

2
gt = Ty (204)
gv

ou V¥ est le champ associé au méson vecteur neutre. Les constantes gv sont déduites des largeurs
'V - ete™) = (dra?/3)my /¥, Les valeurs empiriques g, = 5.03, g, = 17.05, gp = —12.89 ne sont
pas trés éloignées des rapports issus de SI7 (3), 90 : 9w : 9o = 1:3: —3/v/2. Naturellement, la relation
(204) n’est valable strictement qu’au pdle des mésons vecteurs, ¢'est-a-dire pour des photons virtuels avec
une masse invariante M? = ¢* = m},. Avec des corrections relativement modérées a sa version la plus
simple, ’hypothése VDM conduit & une phénoménologie remarquable permettant de reproduire de fagon
excellente I’annihilation ete™ et les facteurs de forme déja mentionnés [92, 95).

3 - Théories effectives
a. Idée générale

D’aprés la dominance vectorielle, on s’attend & ce que le DPR dans la gamme de masse invariante
300 MeV — 1GeV soit dominé par les résonances vectorielles (p,w, ®) et en tout premier lieu par le
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rho. On peut donc espérer obtenir une information expérimentale sur I'évolution des propriétés de ce
méson, ou plus précisément de la densité spectrale correspondant aux nombres quantique de ce méson,
4 température ou densité finies. Pour mener 4 bien cette tiche au nivean théorique on devra construire
une théorie effective incorporant explicitement cette dominance vectorielle. Il y a plusieurs fagons en
principe équivalentes de faire cette construction, qui conduirent d’une part & une quasi-universalité des
couplages rho-hadrons et d’autre part & une quasi-identité entre le courant électromagnétique hadronique
isovectoriel et le'champ canonique associé au rho. Ceci permet alors d’évaluer la fonction spectrale a
température et densité baryonique finies. A ce niveau, il existe deux écoles correspondant 4 deux fagons
d’aborder le probléme. Dans le schéma “conventionnel”, on utilise le lagrangien avec ses paramétres
(masse du rho,....) qui sont relatifs aux propriétés des particules dans le vide. On effectue ensuite un
calcul standard de type probléme & N-corps [87, 88, 89, 83, 84, 96, 97] (voir aussi [98, 99, 100]) dans
lequel les propriétés du rho, et éventuellement du oméga ou du phi, sont modifiées par couplage aux
autres hadrons (pion, nucléons, deltas, résonances baryoniques). Nous décrirons de telles approches dans
la section VI-6. Dans 'autre approche, on définit & chaque température et/ou densité un lagrangien
effectif dans lequel les parameétres (masse du rho,... ) évoluent par couplage aux condensats de quarks
ou de gluons [101, 102, 103]. Ce type d'approche (souvent appelée approche B-R du nom de deux de ses
promoteurs G.E. Brown et M. Rho), conduit au "dropping mass scenario” déja évoqué. Le lien entre les
deux approches n’est pas encore réellement compris; tout ce que 1'on peut dire de fagon certaine est que
ni 'analyse par les régles de somme de QCD, ni la comparaison avec les données du DPR ne permettent
de trancher nettement. Il se pourrait que ces deux approches soient dans une certaine mesure duales I’'une
de lautre. Ainsi 'approche BR pourrait, entre autres, rendre compte, d’'une mani¢re plus économique,
de Pinfluence de résonances telles que la N*(1520) qui, du fait de son couplage d’'onde s, induit une
diminution de la masse du rho [104].

b . Ezemple de théorie effective VDM

Considérons le lagrangien (105). Sous une transformation chirale (gr,,gr), d'aprés ce qui a été vu dans
la section IV-1, on connait la loi de transformation de la matrice U, ce qui permet d’obtenir celle de la
matrice auxiliaire £ :

Ulz) = (z) > grE2(2) gk, = £(2) = gr&(z) hi(z) = hlz) E(2) gk (205)

Les deux formes équivalentes de la loi de transformation de £{x) définissent implicitement la matrice h(z)
de SU(2) qui est par suite une transformation locale dépendant du point x d’espace-temps, contraircment
4 g1 et gp qui sont des transformations globales. On en déduit de méme la loi de transformation de
'isodoublet de champ de nucléon N(z) :

wi(z) = grr(n), Yr(z) = gr¥rl®) =  N(z)=PL&(=) ¢r(z) + Pré(z) Pr(X) = h(m)g((}ﬂé))
A partir de ces lois, il n’est pas difficile de voir que le champ vectoriel composite V¥ (106) se transforme
comme :

—VE(z) = h(z) (=V(x)) hl(z) — ih(z)*h!(z) (207)

On s'apergoit que —V¥ se transforme formellement comme un champ de jauge d’une symétrie de jauge
locale SU(2). Clest la raison pour laguelie la’ “dérivée covariante” D"y = (9" +i(—V#))¢ se transforme
snivant D#y — hD*p. Pour incorporer la dominance du rho, on introduit un champ vectoriel se
transformant aussi formellement comme un champ de jauge :

VE(z) = %f‘.{)‘“(m), VH(z) = hiz) V*(z) hi(z) — ih(z) 9"k (z) (208)

ol g* = (o%, phpY) est un isotriplet {en coordonnées cartésiennes) de chamnps canoniques associés au
méson rho, la troisiéme composante correspondant au champ neutre. g est une constante (constante de
couplage VDM) que P'on fixera ultérieurement. On va maintepant remplacer dans le terme de couplage
vectoriel aux nucléons (voir éq. 105) le champ composite —V# par le champ du rho V#. En remarquant
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que, sous une transformation chirale V¥ + V& o h(V# 4 VE)hY, on peut construire un terme de masse
invariant chiral pour le rho. En ne gardant que les termes pertinents pour notre discussion, le lagrangien
deviendra :

2
= -'Z—" t1v"8“Ua,uU1r + N'yut'(é‘“ +iVAN + aff tr(V¥ + VE).(Vi + Vo) + . (209)

ol a est une certaine constante  fixer ultérieurement. A ce niveau, le champ V* est un simple champ
auxiliaire sans réel contenu dynamique. On va donc rajouter un terme d’énergie cinétique dont I'origine est
attribuée & des fluctuations quantiques au niveau inférieur des quarks (QCD). A cet égard, mentionnons
que le modéle NJL incluant une interaction quartique vectorielle [105] est capable, apres élimination des
degrés de liberté de quarks en faveur de degrés de liberté mésoniques (bosonisation}, d’engendrer un tel
terme : 1

1
Lk = —ﬁtrV“”Vw = 28" B (210)

La symétrie chirale, c’est-a-dire formellement V'invariance sous la transformation locale h(z), impose la
forme du tenseur V4 ;

VY = MY = UVE 4 [V VY] = %apw (211)

Ce lagrangien coincide avec le lagrangien proposé par Bando [106] dont I'idée sous-jacente est basée sur
la possibilité que le méson rho soit le boson de Jauge d'une symétrie de jauge cachée du lagrangien chiral
non linéaire. Le lagrangien peut &tre réécrit en ne gardant que le terme de couplage rho-pion au plus bas
ordre dans le champ du pion :

2 82
£=TrorUU + Ny, (au + z‘%%‘.ﬁ“) N + %aff (gﬁ” — (B x a#@)) (212)

On en déduit que :

a * 2
gpm::'?_g; JoNN = g, m,2,=092f3=29pn9pNwa

Pour la valeur “magique” @ = 2, on obtient I'universalité des constantes de couplage rho-hadrons. On
obtient également la relation KSFR reliant la masse du rho aux constantes de couplage prm et pNN,
justifiant ainsi la discussion du paragraphe V-4.d relative 4 Pamplitude pion-nucléon isovectorielle WT.
La largeur p — 77w permet de fixer 9prr = 6, tandis que I'analyse de certaines données conduisent i
g = gpnvn = 5.3; Puniversalité est ainsj presque réalisée a/2 ~ 1.13

Le couplage au champ électromagnétique s’effectue en jaugeant le lagrangien précédent par intro-
duction des dérivées covariantes, procédure également connue sous le nom de substitution minimale.
Par commodité, on définit & partir du champ électromagnétique A#(z) une nouvelle matrice de SU(2)
B = e(13/2) A*. On effectue les remplacements :

e — f)ug = g€ + i[B“,{], 3“{‘ - Dugf — 6“51 + z-[g.u’gf]
= U = DU =8"U +i[B"U],  &*U' - DUt = vyt + 4B, Uh
= VB V= (6D + €D (213)
L'invariance de jauge implique par ailleurs que, sous une transformation de jauge U/ (1)ep,, le champ

du rho V¥ se transforme comme le champ électromagnétique B* lui méme. Nous sommes donc conduits,
afin d’assurer I'invariance de jauge, & modifier le terme de masse du rho suivant :

m 2 m? - 2
g—;tr(v" + VEYE g—;tr(v“ + VE — BH) (214)
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A l'ordre dominant, le lagrangien de couplage au champ électromagnétique sera :
m a - —
£y =2 gy e (1 - §) (& x 3), A, (215)

Pour la valeur a = 2 conduisant a I'universalité des couplages rho-hadrons, on retrouve I'identité champ-
courant (204) de VDM dans sa formulation originale. Sans changer la théorie d’interaction forte, on peut
redéfinir le champ du rho par V% = V# — B* Dans cette formulation, le lagrangien de couplage au
champ électromagnétique devient :

e ! - - — T3
g o= - 2_§p3“” Fu — e (3 x 0"6) Ay — N, SN A,
— &g v b x 9P oy, 13
= S A, —e (ExE) A, - Ny 3N Ay (216)
g P

olt, pour obtenir la deuxieme forme, on a éliminé une divergence totale. Dans cette formulation le couplage
direct p — v, une fois exprimé dans P'espace des impulsions, se fait #ia un facteur —eq?/g qui remplace
—em?2/g. Pour un rho sur couche (g2 = mg), les deux couplages sont équivalents. Par contre 4 ¢> =0, le
coupfage p — v disparait et on obtient le couplage usuel du champ électromagnétique aux nucléons. Si la
constante de couplage g est ajustée 4 la valeur requise g = 5.03 pour reproduire la largeur de désintégration
['(p — e”et), on a un (petit) conflit avec la valeur déduite précédemment g = gonn == 5.3, Cependani
un calcul plus élaboré [92] de cette largeur, incluant unc correction de vertex p — «y conduit & g = 5.4,
plus proche de la valeur déduite du couplage pNN. La thdéorie présentée ici doit étre complétée dans
le secteur nucléonique. Il faut en particulier inclure un couplage dit de Kroll-Ruderman yw NN, qui
peut étre obtenu en “jaugeant” le lagrangicn de couplage pion-nucléon g4 Nyuys A#N, et également,
en vertu de la dominance vectorielle, un terme de Kroll-Ruderman analogue de couplage pr NN, nous
reviendrons sur ce point important 4 la fin du cours. Par ailleurs, il faut aussi inclure des termes de
couplage magnétique du photon et des mésons vecteurs aux nucléons. Ces différents termes sont en fait
incorporés dans le travail de la référence [92} que nous utiliserons dans la section consacrée aux régles de
somme de QCD.

¢ . Mésons rho dans le vide

Une fois que la structure tensorielle de Lorentz a été éliminée, le propagateur du méson rho dans le vide
est de la forme : |
2
‘Dﬁ(q ) = 9

g* —mg — T,(¢?%)

La sclf-énergie ¥, du rho est la boucle & deux pions représentée sur la figure 24a; elle est évidemment
proportionnelle & ggm Ol gorr €8t égal & ag/2 dans notre modéle. Sa partie imaginaire, non nulle &
partir du seuil g2 = 4m?2, sc calcule sans difficulté et permet de retrouver la largeur [y=—Im Zp(q2 =
mg) /m, = 151 MeV. La partie réelle, qui est formellement divergente, s'obtient avec une relation de
dispersion soustraite. Nous n’entrerons pas dans les détails techniques mais mentionnerons simplement
qu'elle peut modifier la “massc nue” m, pour I'amener 4 la masse physique, auquel cas la largeur ', doit
étre calculée A cette massc. On peut maintenant obtenir le facteur de forme électromagnétique du pion
représenté diagrammatiquement sur la figure 24b. Il y a un terme de couplage direct -ymn et un terme
ou ce couplage s’effectue par 'intermédiaire d'un méson rho neutre avec une correction de vertex. En
remarquant que le couplage ymr est le méme que le couplage pymm une fois que g, est remplacé par e,
on obtient en utilisant le lagrangien ﬁ'.Y :

(217)

9 1M2ﬂ)q2*m2

q : ( g o

Fliy=1—- 1D LoD gonn = = - 218
rr(q ) p o Jome + G o Lp Jonm qz _mf) - Ep(qg) ( )

De fagon 4 retrouver une charge unité 3 ¢° = 0, on doit avoir X,(0) = 0, ce qui se produit automatiquement
si on utilise une relation de dispersion soustraite. On peut ainsi reproduire de facon satisfaisante le
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Figure 24: Self-énergie du rho dans le wvide (a), facteur de forme électromagnétique du pion (b) et
corrélateur courant-courant isovectoriel (c). Les lignes en pointillés, en traits ondulés épais et ondulés
fins représentent respectivemnent des pions, des rhos et des photons.

facteur de forme du pion (voir par exemple la référence [95] basée sur une approche un peu différente).
Le corrélateur courant-courant est représenté diagrammatiquement sur la figure 24c. La partie scalaire
s’écrit :

1 gt 1 q 1 1
Oy(¢*) = —3%, + LD, -2— 35, D% 4 %, D,%
p( Qsmr g 92 ? Gprn e g Gonm preTre Gorr
1 Gomr X : q*
_ 54 ( p ____e) __ 9 (219)
9;2)11‘?( ( ? q q2 q2 - m%; - Ep

Ce corrélateur qui correspond, une fois multiplié par e2, 4 la self-énergic du photon, s’annule bien 4 ¢% = 0

préservant ainsi la masse nulle du photon. La partie maginaire directement reliée au rapport R(s = ¢°)

est donnéde par :

_ Im %)
o

C’est précisément ce type d’approche VDM qui permet de reproduire remarquablement, pour s < 1Gel,

les données montrées sur la figure 23.

ImT,(q*) | Fr{g®)? (220)

d. Lois déchelle

Le modéle précédent va nous permettre d’illustrer une idée qui a suscité beaucoup d'intérél et qui conduit
& des lois d’échelle sur les observables. Elle a été proposée a partir d’arguments basés sur 'invariance
d’¢chelle de QCD. En effet, mis 4 part le (petit) terme de masse qui est de dimension 3 (en énergie ou
en inverse de longueur) dans les champs, le lagrangien de QCD est de dimension 4 si bien que l'action
S fd'z £,,—¢ est invariante d’échelle. Cependant, on sait que cette invariance est explicitement brisée
par les fluctuations quantiques dans la procédure de renormalisation. Il en résulte que le courant de
dilatation associé D¥(z) n'est pas conservé (anomalie dite de la trace [107, 108]), méme dans le cas on
la masse des quarks cst nulle. Sa divergence est

8, D* = mayy — %(%)Gg”GaW (221)

oil g = (dmwag)/? ust la constante de couplage de QCD et A(g) est la fonction de Gell-Mann-Low
gouvernant son évolution. G5 est le tenseur de champ gluonique. Par ailleurs, it est établi qu’il existe
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une importante brisure dynamique de 'invariance d’échelle caractérisée par la valeur élevée du condensat
de gluons :

<G-CG>=< %‘5 G Gy > (360 MeV ) (222)

Cette invariance d’échelle n’est manifestement pas présente au niveau du lagrangien effectif (212) du
paragraphe précédent. En se basant sur 'idée que les propriétés de symétric présentes au niveau du
lagrangien de QCD doivent se retrouver au niveau du lagrangien effectif, il a été proposé d’y réincorporer
I'invariance d’échelle et sa brisure explicite et dynamique. Pour faire cela, on introduit un champ scalaire
de dimension 1, appelé champ de dilatons x [109, 110], dont la valeur moyenne dans le vide est yo.
Chaque terme du lagrangien sera “corrigé” avec un champ y apparaissani avec une puissance obtenue
par simple analyse dimensionnelle. En réintroduisant le terme de brisure explicite de la symétrie chirale
et en incluant les termes cinétiques et potentiel gouvernant la dynamigue du champ x, on a un lagrangien
effectif du type :

E(xy 02 (X)) (7 - B xod) +§(2) o
L = =T =) g*yaU + —mi | & e O xHP) + - =) t{(U+U
4 \xo K 27 \xo P 29f2 4 \xo ( )

2
1
-kafJ ()—z%) Wiy, + 53“"}(3“}( + Vix) (223)

On a également, inclus le terme de masse du méson oméga qui est un singlet chiral (les termes cinétiques
des mésons vecteurs ont été omis car intrinséquement de dimension 4 et donc non modifiés). Le potenticl
V{x) modélise les effets quantiques responsables de la hrisure de I'invariance d’échelle et améne la valeur
moycnne de x 4 une valeur non nulle reliée au condensat de gluons x§ ~< G -G >. A densité baryonique
et/ou température finies, la modification du vide de QCI) induira une modification de cette valeur
moyenne o — xj. On en déduit directement & partir du lagrangien que fr ¢t la masse my des mésons
vecteurs évoluent comme y}%; par ailleurs, le terme de brisure de symétrie chirale dépendant du condensat
de quarks (¢ = —2m < §g >), évolue comme x}3. La validité de cette approche peut étre légitimement
discutée car, au niveau du principe, une théorie effective de basse énergie devrait étre construite, par
utilisation des techniques de groupe de renormalisation, par élimination des configurations de quarks et
de gluons de petites tailles en faveur de degrés de liberté hadroniques. Par suite, il n'est pas évident que
la théorie effective résultante puisse garder une mémoire de linvariance d’échelle de départ puisque, par
construction, cette invariance est brisée. Il n’en reste pas moins que cette approche conduit i de irés
intéressantes lois d’échelle [101} données par :

X (< G-G>*>l/4

(< Gq >*)1/3 _fr_my

X - = (224)
X0 <G -G > < qq > fr my

En d’autres termes, ces observables hadroniques ont toutes unc évolution reliée a celle du condensat de
quarks; cela implique en particulier que les masses des mésons vecteurs s'annulent 3 la restauration de la
symétrie chirale. Il s’agit d'une prédiction “forte” qui, bien qu’ayant un fondement théorique possible,
doit plutdt étre considérée comme une conjecture. Si l'on reprend la loi d’évolution du condensat de
quarks, gouvernée au plus bas ordre dans la densité par le commutateur sigma du nucléon, on arrive au
“dropping mass scenario” pour les mésons vecteurs rho et oméga :

mle) _ g1 (225)

my o

Cette idée a alors été “testée” avec les régles de somme de QCD discutées ci-dessous.

4 - Les réegles de somme de QCD
a . Les régles de somme de QCD dans le vide

L'idée de départ [111] consiste a relier la fonction de corrélation courant-courant relative & un hadron
(rho, oméga, phi...) calculée dans un modele ou déduite de données expérimentales, aux condensats de
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quarks et de gluons grace & la technique du “développement en produits d’opérateurs” (OPE) [112]. En
d’autres termes, il s’agit d’établir un lien entre les propriétés des hadrons et les caractéristiques non
perturbatives du vide de QCD. On choisit donc un courant portant les nombres quantiques du hadron
considéré; en ce qui concerne les mésons vecteurs, on prendra les courants données par (203). La partie
scalaire du corrélateur est exprimée & I'aide d’une relation de dispersion (éventuellement soustraite} du
type :

. o0 -1 ImIl(s
T(¢%) = % /d“mefq-z < ol T (J#*(x), J,.(0)) |0 >= TI(0) + qu ds (—“—ln—() (226)

6 8 ¢:—s+1in
La masse du photon étant nulle dans le vide, on doit avoir I1(0) = 0. Ce corrélateur est ainsi connu
a n’importe quelle valeur de ¢” si I'on connait, par exemple expérimentalement, la densité spectrale
p(s} = —(1/7s)Imll(s). On se place dans la région d’espace asymptotique pour laquelle Q* = —¢? —
+oc. Dans cette région, le corrélateur est sensible, du fait des propriétés de la transformée de Fourier,
aux configurations de petites tailles pour lesquelles QCD perturbatif est applicable. L’OPE consiste
essentiellement en un développement. limité autour de = = 0 de < T(J{(z),J(0)) > ; dans P'espace des
impulsions, on obtient un terme dominant en InQ? suivi d’un développement en 1/Q? dont les coefficients
sont reliés aux condensats de quarks et de gluons, c’est-a-dire a des éléments de matrice d’opérateurs de
quarks el de gluons sur le vide non perturbatif de QCD :

N = —Q%) o gs (—1) Dmli(s)
Q? - A s s + (2

d 2 : : ,
Lz [—coln (%) TR U I < (227)

127

# est une échelle arbitraire usuellement choisie autour de 1 GeV. Dans le canal isovectoriel (canal du rho,
dy, = 3/2), on trouve :

2
ch=1+ aSETQ ), ¢ = ~3(m?> + m?),
2 -
c§=%<G-G‘> +dmt{my, < gu > +myg < dd > )
¢y ~ “Condensats & quatre quarks” ~< (gq)? > (228)

olt ag(Q?) = 4m/[9 in(Q?/A%ep)] est la constante de couplage mobile de QCD. Nous n’avons pas donné
la forme explicite de ¢y [92]; tout ce que 'on dira est que la valeur de ces condensats & quatre quarks
n’est pas trés bien connue et que l'on fait souvent une approximation de factorisation < (gq)? »>~< Gg >?
qui constitue une des incertitudes majeures de I'analyse. Pour le oméga (d,, = 1/6) la scule modification
concerne le coefficient c;.

Sous cette forme, les régles de somme ne sont cependant pas directement utilisables pour ce qui
concerne la partic de basse masse du spectre; en effet lorsque Q7 est grand de nombreuses résonances
contribuent & P'intégrale dispersive. On utilise alors une procédure qui permet & la fois d’augmenter
le poids des résonances les plus basses (s < 1GeV : rho, oméga, phi) tout en limitant le nombre de
condensats dans 'OPE. Une possibilité est d'effectuer ce qu’on appelle une {ransformation de Borel [111]
sur les deux membres de Péquation (227) -

. 1 d\" . Q? :
201 2 2 2 _ 2 e )
Bif(Q9)] = m(@ " (“ﬁ) FQ%), Q% n — oc, o My finie (229)
On obtient ainsi une nouvelle équation qui dépend d’un paramétre arbitraire Mg, la “masse de Borel” .
1 ds iz 1) dy cl €2 C3 :
e e ME 2 P T — ey = =L = — .. 230
M% / . e ( - m 1I{s) 52 g + M'f} + M;; -+ BM% + (230)
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Le choix de Mp résultera d'un compromis entre la convergence de l'intégrale du membre de gauche (MG)
et de YOPE du membre de droite (MD). Mp devra étre choisie pas trop grande pour que I’exponentielle
de (MG) supprime la contributions des grandes valeurs de s et pas trop petite pour que 'OPE converge.
Le test de cohérence de la méthode provient de I'obtention d'une plage en Mp suffisamment large dans
laquelle (MG)=(MD); en pratique cette plage est typiquement 0.8 GeV — 1.5GeV (voir fig. 25). Avec
cette méthode, on peut extraire la valeur des condensats dans le vide, & partir des données expérimentales
et/ou d'un modéle hadronique. I a par ailleurs été montré que cette analyse n’est pas trés sensible i la
largeur des résonances. Des analyses ont en effet été effectuées a I'aide d’un ansatz trés simple [111] pour
les fonctions spectrales :

R) = =227 1me) = Fy s = m) + dv (1+25) 0~ sv) (231)

La fonction spectrale simplifiée est constituée d'un pic & la masse du méson vecteur complétée au deld
d’une certaine échelle caractéristique sy par la prédiction de QCD perturbatif (d, = 3/2, d, = 1/6, dg =
1/3). On fait alors le travail inverse : connaissant les condensats, on détermine les paramétres optimaux
(sv,mv, Fp). On trouve ainsi s, = 1.5 GeV?, s¢ = 2.2GeV?, ce qui conduit pratiquement aux valeurs
expérimentales m,, = 0.77 GeV, mg = 1.02GeV. Le fait que le rho et le oméga émergent pratiquement
dégénérés constitue un des succés traditionnels de cette approche. Sur la premiére colonne de la figure 25
les densités spectrales (issues d'un modéle VDM) dans les canaux du rho, oméga et phi sont montrées.
Sur la colonne centrale sont comparés les membres de gauche et de droite de (230) en utilisant d'une part
la densité spectrale complete et celle issue de 'ansatz simplifié, ce qui en confirme la validité [92].

b . Les régles de somme de QCD ¢ densité finie

A densité finie, le corrélateur courant-courant est
() = =i [ dlz e < AQ)IT ("), " (O)|A(p) > (232)

ou jA{p) > représente 'état de la matiére de densité p. Du fait de la perte de 'invariance de Lorentz, ce
tenseur ne dépend plus d’une seule fonction scalaire TI{(g?), mais de deux fonctions I1; 7(w, q) (dépendant
séparément de w et q) qui sont longitudinale ou transverse par rapport a la direction q. 1l est toutcfois
évident que ces deux fonctions se confondent 4 g = 0. Dans ce cas, I'approche des régles de soinme de
QCD peut se généraliser simplement & densité finie. Aprés transformation de Borel, on aboutit & :

1 duw? —w? /M2 1 dyv
i [n(o) + /Ez—e 3 (—;) ImTw,0)| = =%

ci(p)  calp) | c3lp)
M% + Mé + 2 Mg + -

0 +

(233)

11(0) vaut 1/4My pour le rho et le oméga (amplitude Thomson) et est nul pour le phi. En simplifiant
quelque peu, les principales modifications des coefficients de POPE [113, 114, 115), relatifs au rho et au
oméga, proviennent du condensat de gluons et du condensat & quatre quarks, cette derniere quantité
constituant l'incertitude majeure. En ce qui concerne le phi, le condensat de quarks étranges joue un role
dominant. Les premiéres analyses ont été effectués en utilisant 'ansatz (231) mais avec, cette fois-ci, des
paramétres (sv, Fv,my) dépendant de la densité. Ainsi, suivant la référence [113], on obtient :
* * * '
Mo - M _ g s, T _q1_pgiy2 (234)
Mp My, £0 me 20

Avec un contenu étrange du nucléon y = 0.17, on trouve que la masse du phi est trés peu modifiée. Par
contre, bien que le nombre (.18 soit entaché d'une incertitude de I'ordre de 30%, les masses du rho et
du oméga décroissent de facon importante favorisant ainsi le “dropping mass scenario” et la loi d’échelle
BR. du paragraphe précédent. Cependant, des approches basées sur des modeéles hadroniques réalistes
montrent que le spectre de masse du rho est profondément modifi¢ et élargi sans que la masse du rho

277




w' 11
- 10
32 - =
T £ 3
e I os f %
R E /] —— I aide {DF) -
= i ——— right side (OPE} &5 5
£ wosr fir simpified ansaiz 3 e S T ds.vacuum
x = H ,.r S .8, vacuem
- 'l 20 ¥ == L§. pp,
o7 F (a} - ': —— 14.p=p,
I H
10° 0.8 2| . et e ] aa B . -
LT o5 0? T.9 1.1 13 06 0.8 140 12
MGev| MGav|
. po—- e ————
10 LRI
|
= ~ter
= h
< a —
PR & "3
2 3,: [ 2
3 2 Iati sida (DR) L
+= = ——— righl mda (QPE) 1 &
08 FJ 0 .. smplified ansatz i &
Ew 8 cmplfied ansa : a P
& o ! i
"E. 0.7 bl T oe ","
i
. . H
H
; ;!
10 06 . . e aa ogtd. . . . s .
oo 0s L 09 14 12 08 08 10 12
MIGev] MGeV]
10 ) . 13 - - - . .
Ty O]
o 2 — s vacuum
2 10 10 L . & vacuum
= 5" - o L,
"z N 811 e e
FCAN = gp i =
& 10 € | ~
= = i &
g - Istl side (DA} 1 E]
= € 08 === right s {OPE) ! &
5 w0’ 5 - simpilied ansatz
0 o?
: ic) ]
! LS eT L] 06l L )
060 070 080 080 100 110 1.20 130 “om 10 12 14 16
w[GeVY) M{GaV]

Figure 25: Les figures de la premiere colonne représentent, de haut en bas, les distributions de masse
(densités spectrales) calculées dans un modéle VDM, dans le canal du rho , du oméga et du phi, dans le
vide et & densité finie. Dans la deuzieéme colonne, le membre de droite (OPE) des régles de somme de
QCD dans le vide est représenté en tirets; les membres de gauche calculés ezactement et avec ansatz de
pole sont respectivement en traits pleins et en pointillés. Sur la troisiéme colonne lo méme comparaison
est effectuée & densité finie (p = po) avec le ealeul complet VDM. Calculs tirés de [92].




(maximum du spectre) soit notablement modifiée [87, 89, 92] (voir premiére colonne de la figure 25).
Un point important est que cette approche engendrant un rho considérablement élargi est également
compatible avec les régles de somme de QCD (voir troisitme colonne de la figure 25) [92]. En ce qui
concerne le oméga, la prédiction relative A Pévolution de sa masse (234) provenant de la fonction spectrale
étroite, n'est pas contredite, bien qu'il soit élargi dans la matiére, conclusion également valable pour le
phi. On peut donc conclure de cette étude que, les prédictions relatives i la masse dans le milieu, basées
sur un ansatz de fonction spectrale étroite dans I’analyse en regles de somme de QCD, sont valables tant
que la particule garde un statut de quasi-particule. En particulier, le scénario BR ou “dropping mass”
est préservé pour le oméga méme si celui-ci est élargi dans le milieu. Par contre ce simple ansatz peut
conduire A une interprétation erronée de la notion de masse dans le milieu dans le cas du méson rho dont
le spectre est modifié et élargi davantage. Nous verrons dans la derniére section que cet élargissement du
rho provient pour une grande part de son couplage aux configurations 7 NA, lui méme relié¢ au mélange
entre le rho et le courant axial nucléonique.

¢ . Le méson oméga dans la matiére nucléaire

La modification des propriétés du méson oméga 4 densité finie a suscité de nombreux travaux [116, 117,
118]. Le fait que le oméga ait une masse notablement plus faible aux densités ordinaires, tout en gardant
un statut de quasi-particule, ouvre la possibilité d’états {quasi) liés oméga-noyau [119, 120, 121]. Ainsi,
en se basant sur une interaction oméga-nucléon contrainte par la phénoménologie, des calculs spécifiques
ont montré I'existence de tels états pouvant étre produits dans des réactions d + A =3 He +w(4 - 1) ou
71~ A = w(A — 1)n proposées 4 GSI. Méme dans un systéme tel que $ He, deux états liés (I =0 et I = 1)
ont été prédits, le plus profond (I = 0} ayant une énergie de liaison E = —49 MeV et une largeur de
32 MeV [121] . De tels états modifient nettement les spectres des réactions précédentes avec " Li comme
noyau cible, si bien qu'un tel effet pourrait étre mis en évidence expérimentalement.

5 - Meélange axial-vecteur
a . Mélange des corrélateurs

Considérons, dans le secteur des quarks légers, le courant vectoriel et le courant axial isovectoriels :
- Tk i - Tk
Vi = 1!)7"?1#, Ay = Py 5 ¥ (235)
Les propriétés de ces courants dans un milien sont contenues dans les corrélateurs vectoriel ou axial. Ay

courant vectoriel (qui correspond pour k& = 3 4 la partie isovectorielle du courant électromagnétique J¥)
et au courant axial on associe les corrélateurs :

() = —i / Pz << T (Vi(z), V(0)) >> (236)
() = —i / &'z 697 << T (A (x), AL(0)) >> | (237)

Dans le vide, les parties imaginaires sont complétement déterminées par la donnée des densités spectrales
sans dimension : ‘

1
—-;ImHﬁ‘,"(q;T — 0) — _(ng.uv - ququ) ﬂlf(qz) (238)
1 7] L L i <
——ImIY (6T =0) = q“¢" F26(¢% ~m2) - (q2 g - ¢ q") pald’) (239)

D’aprés ce que 'on a vu dans le paragraphe VI-2.c, la densité vectorielle, reliée 4 la fonction de corrélation
scalaire dans le canal du rho py(¢?) = —Im T,(¢?)/m g%, peut étre obtenue & partir du rapport R(s = ¢2),




¢’est-a dire & partir de la section efficace d'annihilation e"e* en se limitant dans I'état hadronique final
aux états a deux pions et plus généralement aux états avec un nombre pair de pions sans autres particules :

2 S it —
pvig- =3) = TP ale’e” = 2nnw) (240)

Comme on I'a déja dit, dans la région d'énergie qui nous intéresse s < 1GeV, cette fonction spectrale
est trés fortement dominée par le méson rho par le processus ete™ — p — 2m. En ce qui concerne le
corrélateur axial, nous avons séparé explicitement la contribution du pion. La densité spectrale axiale
restante est obtenue 4 partir de la désintégration du lepton tau en un nombre impair de pions [85] :

87 m3 Z dl'(t — v, (2n + 1) 7)

= 41
G% cos20. (m2 + 25) (m2 — s) ds (241)

palg’ = s)

n=1

olt s correspond ici au carré de la masse invariantes des 2n + 1 pions, G'r est la constante de Fermi et
0. I'angle de Cabibbo. Cette densité spectrale axiale est forternent dominée par le méson a; suivant le
processus 7 — vraq — 3.

A basse température, les corrélateurs peuvent étre calculds par un développement du viriel {195) en
se limitant A la contribution des pions. Dans la limite chirale, la symétrie chirale seule permet d’évaluer,
grace a P'algébre des courants, la déviation de ces corrélateurs par rapport & leurs valeurs dans le vide
[21]. Le résultat a une forme trés simple :

M (eT) = (1-I¥ (T =0) + elI%(g; T = 0) (242)
g T) = (1-I (g T =0) + 1% (q; T =0) (243)

avec € = T?/6f2. Ainsi, au plus bas ordre dans la température, les corrélateurs vectoriel et axial
s’expriment de fagon indépendante de modéle en fonction de leurs homologues & température nulle. On
obtient un mélange des corrélateurs, induit par la présence des pions thermiques comme cela a déja été
expliqué précédemment, qui dépend de la densité scalaire de pions via le paramétre de mélange ¢ :

A 2/ dk nwy) 2 <<®2>>
652 M2 @ w3 f2

Ce résultat important permet de tirer les conclusions suivantes :

(244)

¢ Les corrélateurs conservent une forme covariante 4 cet ordre en température. Les distributions
spectrales associées ne sont pas intrinséquement modifiées mais seulement mélangées. Par suite, 4
Pordre T2, les masses des mésons g et a1 ne sont pas modifiées.

* La contamination du secteur vectoriel (axial) par le secteur axial (vectoriel) s’accompagne d'une
réduction de ce dit secteur. Cela induit en particulier une diminution de la constante de désintégra-
tion du pion telle que :

f3T) 1 << ®? >>
—_— = 1 —_ o~ 1 —_— e = 1 - 5 T
ooV e 12 2 37 f2

résultat déja établi directement au paragraphe IV-3.c. On voit clairement que cet effet de correction
a une boucle est intimement. 1i¢ au mélange axial-vecteur.

(245)

¢ Bien entendu, les expressions (242, 243) ne sont valables que pour ¢ suffisamment petit devant
un. Cependant, si on extrapole ce résultat, on s’apercoit que le mélange complet [Ty = [14 est
atteint lorsque € = 1/2, soit une température T, = /3f, ~ 160 MeV. 1l est intéressant de
noter que cette température ou il n'y a plus de différence entre corrélateurs axial et vectoriel
(restauration de la symétrie chirale), est trés voisine de la température critique obtenue sur les
réseaux. T, = 150 £+ 20 MeV




Le résultat précédent a été généralisé au dela de la limite chirale en utilisant un formalisme dit de
réduction chirale combiné au développement du viriel [86]. Dans cette approche, le taux de production
de dileptons s’écrit :

dR o? 1 o 2 [ dk nlw)
dizdlq wig? PP+ 1 [Imn(q ) - 27 @) w

fz /(2,,)3 nf:,ik) (ImHA((q + k)Y + ImI4((g ~ k)2)) + “4}45)

——= ImTly(¢*)

ou II est la fonction de corrélation scalaire dans le vide relatif au courant électromagnétique total (rho,
oméga, phi). Le deuxiéme terme de la premiére ligne est exactement celui diminuant la contribution
vectorielle dans (242). Cet effet de renormalisation de vertex indépendant de I'impulsion est gouverné
par la densité scalaire de pion. Il accompagne inévitablement l'effet de mélange au secteur axial de la
deuxieme ligne; celui-ci décrit 'émission et 1'absorption d’un pion en deux points différents induisant
ainsi une transition entre le courant vectoriel et le courant axial de parité opposée. Si on se place 4 la
limite chirale & basse température, les pions deviennent mous (k — 0) et on peut négliger k devant ¢ dans
I'expression du corrélateur axial. Dans ces conditions, on retrouve lexpression du mélange donnée par
(242). Le mélange au secteur axial se manifeste tout d’abord par la présence du terme Im Il 4{(g+k)?) qui
est dominé par le processus a; — mil. A la différence du résultat & la limite chirale, la densité spectrale
est intégrée sur toutes les impulsions dans la moyenne thermique. Cela a pour conséquence d’augmenter
le taux de dileptons & basse masse; cet effet, qui pourrait contribuer & expliquer 'augmentation du taux de
dileptons, est cependant trés modéré une fois que les coupures expérimentales en acceptance de CERES
sont prises en compte [122].

b . Régles de somme de Weinbery

Les régles de somme de Weinberg [123] traduisent le fait que la brisure spontanée de la symétrie chirale
est un phénomene de longue portée et de basse énergie. On montre ainsi que, sous certaines conditions a
la limite chirale, les densités spectrales vectorielles et axiales dans le vide (238, 239) doivent satisfaire & :

fgm ds (” (s) - PA(S)) " fﬂm ds s (pv(S) - PA(S)) =0 (247)

La premiére régle rend compte du degré de brisure spontanée de la syméirie chirale tandis que la seconde
provient de la conservation des courants; rappelons que, & la limite chirale, le courant axial est, tout
comune le courant vectoriel, exactement conservé., Comme cela est usuel dans le probleme & N corps, les
regles de somme imposent des contraintes importantes aux modéles prédisant les densités spectrales et
par suite aux effets de milieu possibles. Nous allons illustrer 'intérét de ces régles en partant d’un ansatz
de péle infiniment étroit pour les fonctions spectrales dans le vide :

4
Mo

4

my | 2

—F -d(s—m (248)
gg ] S ( A)

1 2
; 6(5 - mp)! PA(S) = 72

pv(s) =

On peut noter que I'on a omis la partie relative au continuum de haute énergie; la raison est que celui-ci,
donné par QCD perturbatif, est insensible & la brisure spontanée de la symétrie chirale et est donc le
méme dans les secteurs vectoriel et axial. L'utilisation des deux régles de somme conduit immédiatement
a:

4 4 2y 1
m m m
2 A 2 2 02 P
= \ m,=ag,fr avec a=|1——F (249)
9  9i ? P ( mi)

Pour m§ /m% = 1/2, ce qui n'est pas trés éloigné de la réalité, on retrouve la relation KSFR.

Dans un milieu chaud et/ou dense la perte de I'invariance par translation entraine I'existence de deux
fonctions spectrales longitudinale et transverse dépendant séparément de I'énergie w et de I'impulsion q.
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Par ailleurs, on ne peut plus en général séparer simplement dans le corrélateur axial la contribution du
pion car celui se couple aux excitations du milieu et s'élargit. Il est cependant possible de généraliser les
régles de somme & température finie, en se plagant 3 impulsion q fixée [124]. En particulier, 3 q = 0, ot
les densités spectrales longitudinales et transverses se confondent, ces régles de somme sont :

oQ — =
/ du? K*Imﬂv(w;q 0)) : (_Iml'IA(w,?q 0))] —0 (250)
0 nw Tw
OO = =
[ e [(-ImIvisa=0) (-ImDatea=0y) _, o5)
0 T w Tw
On prendra, de nouveau & titre d'illustration, des ansatz trés simples :
ImOy(w,q=0) _ My Z,(T) ., », .
p— = 72 o 0(w” —my*(T)) (252)
Imfalwa=0) _ m) Za(T) . 5 ., 2 2
- . P 0w —mi(T)) + f2%(T) 8(w) (253)

L'utilisation des régles de somme conduit d’une part 'egalité des résidus du rho et du a;, soit Zy(T) =
Z4(T), et d'autre part & la relation :

AT m? m’
;7 = ezl (m;,?(pT) v (254)

Les masses my, et my ne correspondent pas nécessairement A une masse effective des mésons rho et a;
dans le niilien (voir la discussion relative aux résultats (242, 243) mais doivent pluidt étre interprétées
comme les centroides des densités spectrales vectorielle et axiale. ‘Toutefois, au fur et & mesure que la
symétrie chirale se restaure, ces densités se rapprochent 'une de Pautre jusqu'a devenir identiques i la
restauration compléte. A la température critique de restauration T, on doit donc avoir m,(T,) = my(T,),
ce qui implique que la constante de désintégration du pion, paramétre d’ordre associé & cette symétrie
s’annule, soit f7{7.) = 0. On voit ainsi sur cet exemple tres simple que ces régles de somme constituent
un test de cohérence de l'approche utilisée. Par contre, elles ne permettent pas de savoir si my et my
s’annulent ou se rejoignent a une valeur finie. Pour cela un modéle dynamique est nécessaire.

6 - Comparaison avec les données expérimentales de production de dileptons

Dans cette section nous allons présenter quelques modéles ou approches permettant le calcul du corrélateur
courant-courant et la fonction spectrale du méson rho dans un environnement dense et Jou chaud. Nous

discuterons ensuite l'inclusion des effets de milieu dans les codes de transport décrivant la collision.

a . Couplage du rho au systéme tNA

Des effets de milieu induits par la densité affectant la distribution de masse du rho avaient été prédits
dans le cadre d'une théorie VDM [87]. Cette approche est similaire dans U'esprit et en ce qui coucerne
le contenu physique & celle, développée ultérieurement [92], présentée dans les paragraphes VI-3.b.c et
discutée sous 1'angle des régles de somme de QCD dans la section VI-4. Elle est cependant différente
dans la forme dans le sens ot suivant I'idée originale, elle incorpore une identité champ-courant stricte.

Nous allons commencer par introduire le couplage du systéme 7 NA au champ électromagnétique en

“Jaugeant” le lagrangien (105). Cela revient 3 effectuer les remplacements :
¢ — DHE = % +i[B g), 3%t o Dret = orel 4 i[BH, )
= &' - DMU = 8*U +i[B*,U),  o*Ut - DHUt = 0#Ut 4 i[BF, Ut
= VE V= %(gbﬂg* +&DHe), A A = %(gf)“gf — €1D%¢) (255)
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avec By, = e(73/2)A,. On en déduit le lagrangien de couplage au champ électromagnétique A,

L, = —eApvg—ﬂ;‘ﬁtr([%,U] %,UTD
Vi = —%Etr( [U@#UT])+ 5Ny (& et et E)
+ 2 i (6261 -1 2 N (256)

Dans sa version la plus simple, le modéle de la dominance vectorielle postule que le couplage isovectoriel
du photon aux hadrons se fait entiérement par I'intermédiaire du rho neutre. Le couplage des hadrons
au meéson p se construit en remplagant dans le lagrangien le champ électromagnétique B, = e(73/2)A4,
par le champ du rho V¥ = g(7, /Z)Pk ol g est la constante de couplage VDM. Le lagrangien de couplage
du rho aux hadrons utilisé en pratique dans la référence [87] est obtenu en se limitant au plus bas ordre
dans le champ du pion :

Lon=—gp" (<i‘> x aué‘a) - gN’mﬁ”.;N —g g;;’” Nyvs (p x @) 2N + 9; (5# x 5) (B x q"))
(257)

On notera I'apparition d'un terme de Kroll-Ruderman (troisiéme terme) qui va jouer un réle important.
Du fait de Fidentité champ-courant, le corrélateur courant-couvrant devient directement proportionnel an
propagateur du méson rho. Si 'on travaille avec les corrélateurs et propagateurs retardés qui sont les
quantités apparaissant naturellement dans le traitement théorique & température finie, on aura :

i

4
m
g_gp Dy (q)

D) = =i [ dweT o) << [p(a), 0 (0] >> (258)

IR (q)

Par suite, le taux de production de dileptons sera :

dR o m; 1
diz d'q - T3g2 ;5" eBae —

1
- 1m (3 9 DI(9)) (259)

Dans le vide, le corrélateur courant-courant et par suite le propagateur du rho ne dépendent que d'une
fonction scalaire :

., g'q” q* q”
D" (q) = — (Q“ 7 ) Dy(q%) + p (260)

1
g* —mj — Tplq?)

m (30w D(@) = ~ImDy(@?),  Dyle”) = (261)

La partie imaginaire de la self-énergie Ep(qz) du méson rho provient de la boucle & deux pions représentée
sur la figure 24a. Dans 'approche de la référence [87}, la partie réelle est calculée avec une soustraction a
g = 0, ce qui permet d’assurer l'invariance de jauge et F.{0) = 1 (le facteur de forme électromagnétique
du pion est Fr(q®) = —m3D,(¢%)) :

442 &t g% t? 1
—_— 5
3 (2m)3 vt

Sold”) = (262)

4] wy @2 — 4w} + in

La constante de couplage g = 5 et le paramétre dont dépend le facteur de forme U(t) ont été ajustés
pour reproduire le facteur de forme électromagnétique du pion.
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Figure 26: Contributions 4 la self-énergie du
rho dans la matiére nucléaire au plus bas or-
dre dans les boucles de nucléons. Les hgnes de

particules peuvent représenter soit des nucléons
soit des deltas.
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Figure 28: Spectre de masse (partie imaginaire
du propagateur} du méson rho pour différentes
valeurs de pfpy [87].
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Figure 27: Corrections de milieu & lo propaga-
tion du méson rho induites par son couplage i
deuz quasi-pions dans le milieu (a ), avec la cor-
rection de verter (b} el par son couplage & un
quasi-pion et un état delta-trou transverse (c).
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Figure 29: Taur de diélectrons provenant des
désintégrations Delitz libres (courbe en tirets-
points), Dalitz libres + oméga libre + rho libre
(courbe en tirets) et Dalitz libres + oméga li-
bre + rho modifié par le milieu (courbe pleine).
Les explications sont donnés dans le paragraphe
VI-6.a. Les données ezpérimentales (collision
centrale S+ Au @ 200 Gev/u) sont celles de la
collaboration CERES [76].
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Figure 30: Rapport des distributions de masse du méson rho (multiplié par le produit A,.oiectite. Acivte)
relatif @ Ca + CafC + C pour différents couples de pfpy [126]. Pointillés : 1.8/1.2. Tirets : 2/1. Trait
plein : 2.4/1.2. Les données de la collaboration DLS ¢ 1 GeV/u [127] sont également montrées.

Le premier effet de milieu venant a l'esprit est le remplacement des pions libres par les guasi-pions
dans le milieu qui sont des états collectifs construits & partir du pion et des états particule-trous et
delta-trous. Pour les mémes raisons que celles décrites au paragraphe V-2.e, le couplage du rho & ces
quasi-pions (fig. 27 a) devrait engendrer dans le spectre de masse du rho une structure vers le seuil 4
deux pions M? = ¢ = 4m2. Cependant, la self-énergie du rho recoit d’autres contributions imposées
notamment par l'invariance de jauge qui requiert de coupler le rho non seulement au pion mais a tous les
hadrons (nucléons, deltas,..) présents [125, 87, 88, 89]. Sur la figure 26, sont représentées ces corrections
a la self-énergie du rho au plus bas ordre dans les boucles de nucléons, les lignes 'de nucléons-particules
pouvant étre remplacées par des lignes de deltas. Le graphe (26 ) correspond 4 I'habillage au plus bas
ordre de la ligne de pions, tandis que les diagrammes (26 d, 26 e) proviennent de la présence du terme
de Kroll-Ruderman pr NN ou pr NA. 1ls conduiront d’une part & une renormalisation de vertex pr*z*
(fig. 27 b) détruisant la structure au seuil et d’autre part & un couplage du rho & un quasi-pion 7* et a
un état delta-trou transverse (c'est-a-dire excitable avec des photons). C'est ce dernier effet représenté
sur la figure 27¢ qui conduira 4 une structure et par suite & une augmentation du DPR a une masse
invariante M ~ 2 + m, ~ b00MeV.

Avant de rentrer dans les détails de la physique, il convient de faire un petit commentaire sur la
structure du propagateur et de la self-énergie a densité et/ou température finie. Le corrélateur et par suite
le propagateur du rho dépendent de deux gquantités longitudinales et transverses dépendant séparément
de g¢ et q. Le DPR sera calculé suivant :

1 ., 1
Fm (5 9w DR(@)) = = 31m( Dy (a0,) + 2 Dpr(an, )

] 1
D L ! = ? b ! -
»L(g0,q) P 3 A p1(g0, Q) ¢ —m2— T,r(g0.9)

(263)

Les deux self-énergies longitudinales et transverses I, 7 dérivent en réalité d’un tenseur de self-énergie
EEY qui doit vérifier g, 2§ = ¢, ¥* = 0 pour assurer U'invariance de jauge. Cette propriété permet
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d’exprimer les self-énergies longitudinales et transverses en fonction des composantes d’espace du tenseur :

2 @i i 2,
ZpL(g,q) = gg%z?( )5923—3 %% K¥(g)

1 2N 2 N
Saiwa = 3(- ) 0= () 0 o

ou dans les deuxiémes formes nous avons extrait le facteur g2 ce qui définit le tenseur K. Nous donnerons
I'expression formelle de ce dernier tenseur dans le paragraphe suivant consacré au mélange axial-vecteur.
Le calcul pratique de ces self-énergies se fait toujours de la méme fagon; on calcule directement les parties
imaginaires et on utilise des relations de dispersion {soustraites) pour obtenir les parties réelles. Nous
allons tout d’abord nous limiter au propagateur du rho 4 température nulle et densité finie. Si I'on se place
a q = 0, les self-énergies longitudinales et transverses se confondent. Dans le modéle 4 deux niveaux du
paragraphe V-2.c, cette self-énergie unique est complétement exprimable en fonction des énergies ) 2(k)
des modes de spin-isospin longitudinal {modes pioniques) et de modes de spin-isospin transverse (excités
par S x kT%) d’énergie £ 5(k). La self-énergie du rho se décompose suivant :

Eor{90,9=0) = Zyr{g0,q = 0) = Ty(q0) = Zpulgo) + +X,(q0) (265)

olt les suffixes { et ¢ signifient longitudinal et transverse par rapport au modes de spin-isospin. La premiére
contribution dépend des modes longitudinaux uniquement (87] :

_4g? [ Bk : %
Zoule) = 5 | G kU0 Y s T A

Zi(k) Z;(k)
a3 — (S(k) + (k) + in

Elle met en jeu en premier lieu le propagateur a deux pions soustrait & go = 0 (comparer & V'expression
{143)). Le point important est Papparition d’une correction de vertex (fig. 27 b} dépendant des polaris-
abilités o (k) = p(Q4(k), k) calculées le long de la ligne du mode 7. Son effet est de détruire la structure
(apparaissant dans le canal scalaire-isoscalaire) vers le seuil 4 deux pions. La deuxiéme contribution
décrit le couplage du rho 4 un mode pionique et & un des deux modes (£; 2) de spin-isospin transverse
(fig- 27 ¢). Ces derniers modes, construits sur les états delta-trous transverses et 1'échange de rho écranté
(paramétre ¢'), sont en réalité tras peu collectifs. Il en résulte que I, est trés fortement dominée par
le premier de ces deux modes transverses {£1) qui est presque un état A — h transverse pur (Y; 1). Le
modele & deux niveaux conduit A [87) :

2
x (1 + % (e (k) + a,—(fc))) (266)

_ 492 3k 5 2 92
Pt =5 | i BEAUE) 3 s s
Zi(k) 1 - Y'(k)
5 ( J ) (267)

g5 — (k) + E;(k))? + in

avec B(k,p} = (8/N{(g: ya/2Mn) ens vZyap. L'ouverture de la voie p — w*(Ah), conduit 3 une
structure marquée dans la distribution de masse du méson rho dans le milieu. Cela est apparent sur la
figure 28 ol cette distribution est calculée dans le cadre du modéle 4 deux niveaux incluant en outre
les différentes sources de largeur (voir figure 12). Sur la figure 30, il est montré le rapport de cette
distribution [126] entre deux densités typiques atteintes dans les collisions Ca + Ca et C +C & 1 GeV/u
mesurées par la collaboration DLS 4 BEVALAC [127]. Bien qu'un calcul dynamique soit nécessaire pour
conclure, le couplage du tho aux configurations 7N A pourrait constituer un élément d’explication 3 la
structure observée expérimentalement.
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Figure 31: Corrélateur azial dans le milieu nucléaire.

Cette approche, prédisant une profonde modification de la distribution de masse du méson rho &
densité finie, a ensuite été adaptée [128] pour le calcul du DPR mesuré par la collaboration CERES
[76]. Par rapport au calcul simplifié présenté ci-dessus, différentes améliorations, telles que 'inclusion du
secteur particule-trou ou la prise en compte de corrections thermiques 4 la self-énergie, ont été apportées
sans néanmoins modifier qualitativement les effets précédents liés essentiellement i la densité. Le DPR
associé au méson rho a ensuite été calculé en définissant 4 chaque instant une température T et un
potentiel chimique baryonique uy = pa permettant de reproduire les abondances baryoniques issues d'un
code de transport; au début de la collision les densités nucléoniques et de deltas sont chacune égale 4 pg,
ce qui est a 'origine d’effets de milien importants. On intégre alors sur I'histoire de la collision jusqu’au
temps de découplage (“freeze-out™) de 'ordre de 15 fm/c et on inclut, en outre, les coupures en acceptance
de la collaboration CERES. La normalisation globale est fixée en ajustant le sommet du rho sans effet
de milieu sur un code de transport. Finalement, on ajoute la désintégration directe du oméga (sans
effet de milieu) obtenue & partir & partir d’un calcul de transport et les désintégrations Dalitz (7%, 7, w)
provenant de la simulation réalisée par la collaboration expérimentale (fig. 20). Les résultats pour une
collision § — Au 4 200 GeV/u sont montrés sur la figure 29. Les effets de milieu provenant du couplage
du rho aux configurations collectives 7 NA dans le milieu permettent ainsi d'expliquer une grande partie
de Pexces de dileptons observés. Avant de discuter d’autres mécanismes permettant d'améliorer 1'accord
avec les données, nous allons montrer le lien qu’a 'approche discutée ici, avec le mélange axial-vecteur
intimement relié 4 la restauration de la symétrie chirale.

b . Mélange du méson the avec le corrélateur azial nucléaire

Nous allons montrer que le corrélateur vectoriel K;;(g) contribuant au DPR contient implicitement un
mélange au corrélateur axial A,j(k) [48]. Ce dernier peut étre obtenu & partir du courant axial donné
par (158) en se limitant aux termes de plus bas ordre dans le champ de pion. Outre une partie pure-
ment pionique qui sera renormalisée du fait du couplage d’onde p du pion, ce corrélateur dépendra des
propagateurs de polarisation complets de spin-isospin longitudinal Iy (k) et transverse IIp(k) calculés,
tout comme le propagateur du pion dans le milieu D(k), a 'approximation RPA. Ce corrélateur axial,
représenté sur la figure 31, est donné par :

fleij(k) = kik;D(k) + 2kikjﬁ;,(k)p(k) + kikj 1L (k) + (6:5 — kikey) T (k)

= kikj(1 + To(K)’ D(k) + kik;Tlo(k) + (8i5 — kiky)TIp (K) . (268)
Le corrélateur vectoriel discuté dans le paragraphe précédent (fig 26 d,e,f) est, quant a lui, donné par :
id'k - .
Kijlq) = @) (1 + TIg(k1))krs — (1 + To(k2))kas)

X D{dk1) D (k) (1 + Tlg(ky )t — (1 + Tlg(k2)hz

o A
+/ % [k1iky Tl (kv ) D(ka) + (8i5 — k1iky) (k) D(k2)
+kaiko; o (ko) D(ky) + (8 - kniko ) (k2) D (k1)) (269)

ou ki et ky (k1 + ko = q) sont les impulsions des deux modes (quasi-pions, Ah);). L’expression &
température finie est similaire & condition de remplacer 'intégrale par une sommation sur les fréquences
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Figure 32: Taur de production de diélectrons en collisions centrales S— Au & 200 GeV/u (figure de gauche)
et Pb— Pb a 158 GeV/u (figure de droite). Courbe en tirets-points : Dalitz libres. Courbe en pointillés :
Datitz + rho + oméga libres. Courbe pleine : avec effets de milieu décrits dans le texte [129].

de Matsubara. On montre facilement que le corrélateur vectoriel se rééerit comme :

id*ky
Kila) = [ 55t (G0 D) + 45i0k2) D)

—(1 + Tlo(ky)) (1 + Tlo(ka)) (k1s kaj + yj kai) D(ky) D(kg)) (270)

qui montre clairement la contribution du corrélateur axial au corrélateur vectoriel. C'est précisément ce
mélange qui est responsable du couplage du rho aux configurations delta-trous a Porigine de 'augmentation
du DPR. Plus généralement 'effet du mélange des corrélateurs, conséquence de la restauration partielle
de la symétrie chirale, conduit a un élargissement du spectre.

¢ . Couplage direct rho-nucléon ¢ q # 0

L’approche précédente ignorait le couplage direct magnétique d’onde p du rho au nucléon (fig. 26 c)
et n’était donc strictement valable qu'a q = 0, c’est-a-dire en cinématique “back to back”. Dans la
région d’intérét, ce couplage est dominé par des excitations résonantes pN -+ N* — pN. Les résonances
susceptibles de contribuer sont, outre le A{1232), celles ayant une voie de désintégration significative en
pN. Les plus importantes sont les résonances N *{1720) et A*(1905). Comme cela a été suggéré [90], les
excitations N*(1720)h et A*(1905)h, une fois couplées au rho, conduisent au développement de modes
collectifs parfois appelés rhosobars, par un mécanisme similaire 4 celui engendrant les modes collectifs 7A
(branche pionique). Ceci a pour effet d’augmenter la densité spectrale et par suite le DPR dans la région
M ~ 500 MeV. Le couplage d’onde s & des résonances telles que N(1520) a également été considéré dans
certains calculs tout comme Pélargissement par collision du fait de processus fels que pw — a; — pm, ce
dernier effet donnant une contribution faible au DPR. On voit sur la figure 32 que, une fois que ces effets
sont incorporés (129], on peut reproduire de fagon satisfaisante le taux de dileptons en collision § — Au
et ’b — Pb. 76, 78]
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Figure 33: Tauz de production de diélectrons calculés avec le code HSD comparés aur données CERES.
Les courbes en trait plein représentent le tauz total. Les figures du haut correspondent a des calculs sans
effet de milicu. Les résultats montrés sur les figures du bas incluent les effets de milieu dans le scénario
BR ou “dropping mass scenario” [103] (en bas ¢ gauche) et dans Uepproche “conventionnelle” [130] ot
le propagateur du rho est modifié (en bas a droite).

d . Code de transport HSD : comparaison du scénario “conventionnel” et du scénario BR

Le taux de production de dileptons a également été calculé directement a l'aide de codes de transport,
c’est-a-dire en ne faisant aucune hypotheése sur le degré de thermalisation et d’équilibre chimique atteints
par le systéme. Nous avons choisi de présenter les résultats d’un code HSD qui a permis de comparer
les prédictions du scénario BR. (“dropping mass scenario”) [103] et du scénario dit conventionnel décrit
dans les trois paragraphes VI-6.a,b.c précédents {130]. Les deux figures du haut de la figure 33, ou les
différentes sources de dileptons sont apparentes, correspondent & un calcul sans aucun effet de milieu.
Les deux figures du bas incluent les effets de milieu, en particulier concernant le rho, dans le scénario BR
(3 gauche) et dans le scénario “conventionnel” (3 droite). Il apparait clairement que ces deux approches,
correspondant 4 deux manifestations possibles de la restauration de la symétrie chirale, améliorent de
facon sensiblement équivalente 1’accord avec les données expérimentales. On constate par ailleurs que les
résultats obtenus avec une modification conventionnelle de la fonction spectrale du rho sont extrémement
voisins de ceux des paragraphes VI — 6.a,c¢ précédents obienus en supposant une thermalisation au
moins partielle. En derniére analyse, il semblerait que ces effets de milieu se développent si le systéme
atteint une densité baryonique notable de l'ordre de 1 — 2py pendani un temps suflisamment long,
indépendamment du détail précis de la dynamique de la collision. Sur la figure 34 une comparaison
similaire est effectuée pour les données de la collaboration HELIOS-3. De nouveau, les effets de milieu,
bien que moins importants dans ce cas, permettent d’augmenter le taux de dileptons dans la région de
masse invariante M ~ 500MeV, améliorant ainsi I'accord avec les données [130).
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Figure 34: Tauz de production de dimuons dans
des collisions centrales S + W & 200 A GeV
mesuré par la collaboration HELIOS-3. Le tauz
total obtenu avec le code HSD est en trait plein.
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Figure 35: Spectre en impulsion transverse de la
paire de diélectrons mesuré par la collaboration
CERES dans des collisions Pb(158 GeVfu) —
Au dans différentes tranches de masse invari-
ante de lo paire. Les courbes en lireis-points
correspondent aur désintégration hadronigues
directes.  Les courbes en tirets incorporent
Uannihilation pion-pion et le rho sans effet de
milieu landis que la courbe pleine inclut les ef-
fets de milieu décrits par une fonction spectrale
du tho modifiée [131].




e . Spectre en impulsion Iransverse des dileptons

Un test plus fin des modéles peut étre cherché dans P’analyse des spectres en impulsion transverse
de la paire de dileptons [104]. Sur la figure 35, ce spectre est montré pour différentes tranches en
masse invariante et comparé & I'approche “conventionnelie” {131]. Les effets de milieu sont importants,
comme on le savait déja, dans la tranche de masse intermédiaire mais disparaissent progressivement aux
grandes impulsions transverses gr > 0.7GeV. Ceci permet d’ailleurs de donner une explication a 'effet
d’augmentation beaucoup plus faible observée par la collaboration NA50 dans la région de masse in-
variante M ~ 500 MeV, car la coupure expérimentale en impulsion transverse g¢r > 1GeV élimine la
majeure partie de I'augmentation du taux prédit par cette approche.




VII - CONCLUSION

L’é¢tude des modifications des propriétés des hadrons, et en particulier des mésons les plus légers, apporte
une information importante sur ’évolution de la matiére en interaction forte lorsque la température
et la densité baryonique augmentent. Les méthodes présentées permettent d’aborder le probiéme du
mécanisme de restauration graduelle de la symétrie chirale. Nous avons ainsi montré que la diminution
rapide des condensats tels que le condensat de quarks se traduisait par des conséquences observables
non seulement dans la matiére hautement excitée produite en collisions d’ions lourds relativistes mais
également dans la matidre nucléaire ordinaire. Cette symétrie chirale seule permet de faire des prédictions
indépendantes de modeéle sur I'évolution & température finie et densité baryonigue nulle de quantités
telles que la constante de désintégration du pion ou encore la masse du pion. Il a été vu que ces effets
€talent gouvernés par la densité scalaire de pions thermiques dont la présence conduit inévitablement au
mélange entre les secteurs axial et vectoriel. Nous avons toutefois vu que ces contraintes de symétrie
chirale seules n’étaient pas suffisantes pour décrire de fagon réaliste la dynamique de la matiére a forte
composante pionique produite dans les collisions d'ions lourds ultrarelativistes et que I'emploi d’approches
a caractére plus phénoménologique était nécessaire. L’étude de la restauration de la symétrie chirale
dans la matitre nucléaire nécessite, tout en les éclairant sous un jour nouveau, un grand nombre de
connaissances accumulées en physique des énergies intermédiaires. Nous avons par exemple montré que
le rdle des pions thermiques contrélant la restauration de la symétrie chirale était joué par la densité
scalaire de pions virtuels, dont la valeur et Pévolution sont gouvernées par la physique pion-nucléon
d’onde p elle-méme & l'origine des modes collectifs pioniques nucléaires. Par ailleurs, ces mémes modes
pioniques conduisent & une modification importante de l'interaction pion-pion dans le milieu nucléaire, ce
qui a des conséquences d’un intérét considérable pour le mécanisme de saturation de la matiére nucléaire.
La restauration de la symétrie chirale est également obligatoirement associée, & densité baryonique finie,
& un mélange des corrélateurs vectoriel et axial impliquant une diminution des constantes de couplage
axiales via la densité scalaire de pions. Il est important de comprendre que ce mélange, qui doit se
traduire par I'élargissement des spectres, peut ne pas étre accompagné par une diminution systématique
des masses des hadrons. Le lien entre la restauration de la symétrie chirale et 1'évolution des masses par
U'intermédiaire d'un couplage direct aux condensats (scalaire, de quarks ou de gluons) a été beaucoup
discuté et a permis de donner une explication, liée & une diminution spectaculaire de la masse du méson
rho, & I'excés observé de dileptons & basse masse invariante en collisisions d’ions lourds relativistes an
CERN/SPS. Nous avons cependant montré que des explications plus conventionnelles, expliquant tout
aussi bien cet exceés, étaient également relides a Ia restauration car incorporant explicitement le mélange
axial-vecteur. Ceci est d’ailleurs un élément permettant de comprendre pourquoi des approches a priori
tres différentes sont toutes deux compatibles avec Panalyse en régles de somme de QCD reliant les spectres
hadroniques aux condensats. S'il est maintenant souvent admis que ces données constituent une signature
de la restauration au moins partielle de la symétrie chirale, il n’en reste pas moins qu’il est difficile de
trancher quant au mécanisme la gouvernant. A cet égard, les expériences de production de dileptons avec
le détecteur HADES A SIS, permettant d’accéder 4 un régime de densité baryonique différent, seront sans
doute un élément crucial pour la compréhension de ce type de problémes.
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