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No presente trabalho, discutimos ideias recentes acerca das propriedades quirais de sistemas mag-
netizados com densidade não-nula. Uma caracteŕıstica interessante destes refere-se à possibilidade de
apresentarem diversos fenômenos de transporte anômalos. Em particular, concentramos no estudo
do efeito magnético quiral.
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I. INTRODUÇÃO

As simetrias desempenham um importante papel no
estudo das teorias de campo, uma vez que fornecem in-
formações acerca do conteúdo fundamental de sistemas
f́ısicos. Consequentemente, estudar os padrões da quebra
de simetrias auxiliam na compreensão de processos ele-
mentares observados na natureza, permitindo uma abor-
dagem sistemática na construção de novos modelos que
descrevam as part́ıculas fundamentais.

Nos últimos anos, a geração de correntes não-
dissipativas como resposta à influência de um campo
magnético externo em sistemas quirais [1, 2], que vio-
lam a paridade, tem atráıdo um interesse significativo
[2–10]. De uma perspectiva teórica, efeitos correlatos fo-
ram considerados pioneiramente nas referências [11, 12].
Um destes fenômenos, denominado efeito magnético qui-
ral (EMQ), fora proposto como uma posśıvel explicação
para certas correlações dependentes da carga em colisões
de ı́ons pesados [3–5]. Além disso, o EMQ também pode
nos ajudar a entender a estrutura topológica dos campos
gluônicos na cromodinâmica quântica (QCD) [5–8].

Atualmente, a crescente lista de fenômenos anômalos
incluem uma série de efeitos quirais: separação quiral,
magnético quiral, vorticial quiral, elétrico quiral, etc [2].
Além das colisões de ı́ons pesados, efeitos quirais deste
tipo podem afetar a f́ısica das estrelas compactas, do Uni-
verso primordial e, talvez, até mesmo dos semimetais de
Dirac/Weyl [2, 5, 8].

Na Seção II, reproduzimos parte do estudo realizado
no artigo [11], onde apresenta-se um dos primeiros de-
senvolvimentos acerca da corrente elétrica induzida por
um campo magnético de fundo na presença de um sis-
tema com assimetria quiral. Na Seção III, promovemos
um estudo detalhado do EMQ, e exibimos o cálculo da
corrente anômala através de dois métodos distintos. Na
Seção IV, comentamos brevemente sobre o panorama ex-
perimental em torno do EMQ e, por fim, na Seção V,
elaboramos nossas conclusões sobre o tópico.
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II. FÉRMIONS NÃO-MASSIVOS DE
QUIRALIDADE NEGATIVA

Para uma primeira abordagem, revisitaremos um dos
desenvolvimentos teóricos pioneiros na estimativa de cor-
rentes anômalas induzidas por um campo magnético ex-
terno em sistemas com assimetria quiral, compostos por
férmions carregados.

Considere um sistema formado por part́ıculas carre-
gadas, não-massivas, de spin- 12 e com quiralidade ne-
gativa, na presença de um campo magnético constante
B [11]. Neste contexto, iremos supor que os férmions
são independentes, i.e. não-interagentes. Portanto, cada
part́ıcula do sistema será descrita pela equação de Dirac
[13]

γµ (i∂µ − eAµ)ψ = 0 , (1)

juntamente à condição auxiliar [11],(
γ5 + 1

)
ψ = 0 , (2)

onde ψ é um 4-espinor, que pode ser escrito, em termos
dos 2-espinores ϕ e ϕ̃, conforme

ψ =

(
ϕ

ϕ̃

)
.

Observando as equações acima, é evidente que estamos
trabalhando com unidades naturais, ~ = c = 1. Além
disso, para esta seção em particular, seguindo o que é
exposto no artigo [11], adotaremos as matrizes γ na re-
presentação de Pauli-Dirac, segundo convencionado por
Bjorken & Drell [13].

Para descrever um campo magnético constante, o qual,
por razões práticas, iremos assumir direcionado ao longo

do eixo z, i.e. B = B k̂, as componentes do quadripoten-
cial Aµ(r) podem ser escolhidas como [1]

A0 = 0 , A = (Bx) ̂ ,

onde estamos adotando o gauge de Landau.
Da condição de Weyl com autovalor negativo, c.f.

Eq.(2), obtemos a seguinte relação

ϕ = − ϕ̃ . (3)
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Introduzindo este resultado na Eq.(1), reduzimos o pro-
blema à equação [1],[

i
∂

∂t
− σ · (i∇− eA)

]
ϕ = 0 , (4)

que, de maneira impĺıcita, trata-se de um sistema de duas
equações diferenciais acopladas, com σ := (σx , σy , σz),
cujos elementos denotam as matrizes de Pauli [13]. Con-
siderando apenas soluções referentes aos estados esta-
cionários,

ϕ(t, r) −→ ϕ(r) e−iεt ,

onde ε representa os autovalores de energia, o sistema em
(4), após unirmos as equações diferenciais, torna-se [1][
−∇2 + (eBx)2 − eB

(
σz − 2ix

∂

∂y

)]
ϕ = ε2ϕ . (5)

Ao resolvermos a equação diferencial resultante, determi-
namos o seguinte espectro de autovalores para a energia
do sistema [11],

εn
2 = pz

2 + 2neB , (6)

onde n ∈ N. Em particular, para n 6= 0, as soluções da
Eq.(5) são dadas por [1, 11]

ϕn(r) =
1

4π
√
ε

 (ε− pz)1/2 vn(ξ)

i (ε+ pz)
1/2

vn−1(ξ)

 eipyy+ipzz. (7)

Caso tenhamos n = 0, estas assumem a forma [11]

ϕ0(r) =
1

2π
√

2

(
v0(ξ)

0

)
eipyy+ipzz. (8)

As funções vn(ξ) são versões redimensionadas dos po-
linômios de Hermite, Hn(ξ) [1, 11],

vn(ξ) =
1√

2nn!

(
eB

π

)1/4

e−ξ
2/2Hn(ξ) , (9)

onde a variável ξ fora definida conforme [1, 11]

ξ :=
√
eB
(
x− py

eB

)
. (10)

Os coeficientes adotados em (9) são tais que garantam a
ortonormalidade destas funções [11], i.e.∫ ∞

−∞
vn(ξ) vm(ξ) dx = δnm . (11)

Finalmente, podemos escrever a solução geral para a
parte espacial do 4-espinor ψ [1, 11],

ψn(r) =

(
1

−1

)
⊗ ϕn(r) , (12)

sendo ϕn(r) os 2-espinores apresentados em (7) e (8),
segundo o valor de n. Naturalmente, por se tratarem
de estados estacionários, a contribuição temporal é dada
exclusivamente por uma fase global e, portanto, pode ser
omitida sem comprometer as implicações f́ısicas.

Na mecânica quântica relativ́ıstica, as componentes da
densidade de quadricorrente de probabilidade são calcu-
ladas da seguinte maneira [13],

jµ = ψ†γ0γµψ , (13)

onde ψ† refere-se ao hermitiano conjugado do 4-espinor.
Estamos particularmente interessados no cálculo da cor-
rente de equiĺıbrio, que refere-se à corrente elétrica es-
tabelecida com o sistema em situação de equiĺıbrio [8].
Uma vez que as órbitas no plano pxpy são quantiza-
das nos ńıveis de Landau, como podemos observar na
relação de dispersão (6), conclúımos que o movimento
dos férmions respectivo ao plano xy fica restringido. En-
tretanto, as part́ıculas podem se movimentar livremente
ao longo do eixo z. Portanto, a única contribuição signi-
ficativa para a corrente de equiĺıbrio é dada pela compo-
nente com µ = 3. Dessa forma, a densidade de corrente
(elétrica) de equiĺıbrio pode ser escrita como [11]

Jz = e

∞∑
n=0

∫ ∞
−∞

dpy

∫ ∞
−∞

dpz f(ε− χ) j3 , (14)

com f(x) = (eβx + 1)−1 sendo a função distribuição de
Fermi-Dirac, onde β = 1/T é o inverso da temperatura
do sistema, e χ sendo o potencial qúımico.

Introduzindo a forma expĺıcita de ψ na Eq.(13), e reali-
zando os cálculos especificamente para o caso onde µ = 3,
obtemos [11]

j3 =



− 1

8π2ε

[
(ε− pz) vn2(ξ)

− (ε+ pz) vn−1
2(ξ)

]
, n 6= 0 ,

− 1

4π2
v0

2(ξ) , n = 0 .

(15)

Aplicando estas expressões em (14) e efetuando as inte-
grações sobre py e pz, conclúımos que todos os termos
com n 6= 0 se anulam [11]. Visto que apenas o termo res-
pectivo à n = 0 contribui para a densidade de corrente
de equiĺıbrio, temos que [11]

Jz = − e

4π2

∫ ∞
−∞

dpy

∫ ∞
−∞

dpz f(ε0 − χ) v0
2(ξ)

= − e

4π2

∫ ∞
−∞

dpz f(ε0 − χ)

∫ ∞
−∞

dpy v0
2(ξ)

= −e
2B

4π2

∫ ∞
−∞

dpz f(|pz| − χ)

= −e
2B

2π2

∫ ∞
0

dp f(p− χ) . (16)



3

Há, porém, um important́ıssimo detalhe a ser conside-
rado para o sistema em estudo: se T 6= 0, então as anti-
part́ıculas também estarão presentes [11, 14]. A condição
de equiĺıbrio implica que o potencial qúımico das anti-
part́ıculas será dado por −χ [11, 14]. Devido a isso, pre-
cisamos acrescentar a contribuição das antipart́ıculas à
Eq.(16), o que resulta em [11]

Jz = −e
2B

2π2

∫ ∞
0

dp
[
f(p− χ)− f(p+ χ)

]

= −e
2B

2π2

1

β
ln

[
1 + exp(βχ)

1 + exp(−βχ)

]
= −e

2B

2π2
χ , (17)

ou ainda, na forma vetorial,

J = −e
2χ

2π2
B . (18)

A equação (18) apresenta propriedades bastante curiosas
acerca da corrente de equiĺıbrio. Primeiramente, nota-
mos que ela depende do potencial qúımico, porém inde-
pende da temperatura do sistema.

Reproduzimos aqui umas das primeiras análises
teóricas que indicava a existência de correntes anômalas
devido ao desequiĺıbrio de quiralidade no sistema [8]. Em
vista das considerações adotadas, a possibilidade de ha-
ver uma corrente de equiĺıbrio não-nula é bastante intri-
gante. Tanto que, segundo A. Vilenkin, o resultado (18)
fora criticado por C. N. Yang [8].

III. EFEITO MAGNÉTICO QUIRAL

Nesta seção, apresentamos uma discussão detalhada
sobre o efeito magnético quiral (EMQ) em um contexto
usualmente abordado pelas principais referências que tra-
tam deste fenômeno: um plasma de quark-glúons em um
campo magnético externo [3–5, 8].

Em temperaturas extremamente elevadas, é natural es-
perar que os momentos t́ıpicos dos quarks sejam muito
maiores do que suas massas [4]. Portanto, visto que es-
tamos considerando um plasma de quark-glúons, pode-
mos assumir, sem que isso comprometa aspectos f́ısicos
essenciais do modelo, que eles possuam massa aproxima-
damente nula [3–5].

A. Surgimento da assimetria quiral

O comportamento dos quarks, e de suas respectivas
interações através de glúons, é descrito pela QCD. A te-
oria prevê que, na fase de plasma, certas configurações
do campo gluônico são fundamentais para compreender
a dinâmica do sistema [5]. Em relação a cada uma des-
tas configurações especiais, podemos associar uma carga
topológica (em inglês, winding number) [3–5]. Nos ca-
sos onde há uma carga topológica não-nula, a relevância

f́ısica deste parâmetro se traduz na quebra da simetria
carga-paridade (CP) da QCD [3]. Além disso, por tratar-
se de uma propriedade topologicamente invariante, isso
significa que deformações suaves de tais configurações não
alteram o valor da carga topológica associada [5].

Quarks não-massivos podem alterar sua quiralidade ao
interagirem com glúons [4]. Por meio da anomalia axial
[15, 16], as configurações do campo gluônico que menci-
onamos anteriormente, dependendo do sinal de suas res-
pectivas cargas topológicas, são capazes de transformar
quarks de quiralidade negativa em quarks de quiralidade
positiva (e vice-versa) [5]. A relação exata para a taxa
de variação na quiralidade do sistema, induzida por con-
figurações topológicas, é dada por [5]

d(NR −NL)

dt
= −g

2Nf
32π2

∫
d3x Gµνa ε ρσ

µν Gaρσ , (19)

onde NR/L representa, respectivamente, o número
ĺıquido de quarks (menos antiquarks) com quiralidade po-
sitiva/negativa, Nf é o número de sabores não-massivos,
e g denota a constante de acoplamento da QCD. Natu-
ralmente, Gµνa é o tensor de força do campo gluônico,
cujo ı́ndice a = 1, 2, 3, . . . , 8 associa-se às cargas de cor,
uma vez que o grupo SU(3) possui 8 geradores na repre-
sentação adjunta [17].

Nesta breve exposição acerca do mecanismo que per-
mite o surgimento da assimetria quiral, observamos que
a quiralidade é induzida, por intermédio da anomalia
axial, pelas transições topológicas da mudança de carga
[5]. O presente trabalho, porém, não se propõe a apre-
sentar uma derivação da equação (19) ou mesmo a ava-
liar o EMQ diretamente no cenário da QCD. Preten-
demos, com base na interpretação f́ısica discutida em
parágrafos anteriores, estudar a resposta de equiĺıbrio
do plasma de quark-glúons, sujeito à influência de um
campo magnético externo, sem utilizar (necessariamente)
a QCD. Para tanto, de modo a “reproduzir” estes efeitos
topológicos em um contexto simplificado, iremos intro-
duzir o chamado potencial qúımico quiral [5].

B. Cálculo da corrente induzida via balanço de
energia

Para estudar as implicações da assimetria quiral, ire-
mos supor a existência de um potencial qúımico quiral
µ5, bem como argumentamos anteriormente. De ma-
neira que este potencial qúımico possa mimetizar os efei-
tos topológicos não-triviais do campo de gauge da QCD,
ele deverá estar acoplado à diferença numérica entre os
férmions com quiralidade positiva e aqueles com quirali-
dade negativa [5].

Considere, portanto, um sistema com potencial
qúımico quiral não-nulo, µ5 6= 0, sujeito à influência de
um campo elétrico E e de um campo magnético B [5]. A
forma mais simples de obter a expressão para a corrente
induzida neste cenário deve-se ao beĺıssimo argumento de
Nielsen & Ninomiya [12].
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Em primeiro lugar, vamos olhar para o efeito que o
campo magnético B tem sobre os férmions, aos quais as-
sumiremos uma carga positiva (+e). As part́ıculas irão
ocupar os ńıveis de Landau, bem como fora analitica-
mente observado na Seção II, e assim, temos que o movi-
mento destas no plano transversal ao campo B fica res-
trito [5, 13]. Os férmions, porém, continuam livres para
se movimentar ao longo da direção do campo magnético
[5, 13]. Uma vez que os spins das part́ıculas estarão pre-
ferencialmente alinhados com o campo, então conclúımos
que o movimento paralelo a B corresponde aos férmions
de quiralidade positiva, enquanto que o movimento anti-
paralelo a B corresponde aos férmions de quiralidade ne-
gativa [5].

Neste novo cenário, a presença do campo elétrico E, o
qual será disposto paralelo ao campo magnético, é capaz
de alterar a quiralidade das part́ıculas [5]. A energia
dos férmions de quiralidade positiva, sob a atuação da
força de Lorentz, cresce linearmente com o tempo [5, 8].
Consequentemente, estas irão apresentar um momento
de Fermi crescente, dado por

pR
F

= eEt . (20)

De modo semelhante, para cargas com quiralidade nega-
tiva, observaremos um momento de Fermi decrescente,
onde pL

F
= −pR

F
[5, 8]. Portanto, as part́ıculas (com

carga +e) se movimentarão no mesmo sentido dos cam-
pos, enquanto que as anti-part́ıculas (com carga −e) se
movimentarão no sentido contrário. Assim, inferimos que
uma corrente elétrica será induzida ao longo da direção
de E [5, 8].

Para relacionar a assimetria quiral com as grandezas
conhecidas, devemos contabilizar a densidade de estados
fermiônicos associados a cada uma das quiralidades. Em
ambos os casos, este resultado é obtido através do pro-
duto entre as densidades dos espaços de fase longitudi-
nal e transversal1 [5]. Avaliemos, por exemplo, a contri-
buição dos férmions com quiralidade positiva. A densi-
dade unidimensional de estados ao longo do eixo longitu-
dinal aos campos é dada simplesmente por pR

F
/2π [5, 8].

Já na direção transversal, a densidade de ńıveis de Lan-
dau é calculada como sendo eB/2π [5, 8]. Logo, vemos
que a densidade de férmions com quiralidade positiva au-
menta, por unidade de tempo, conforme

d4NR
dtd3x

=
e2

4π2
(E ·B) . (21)

A densidade de férmions com quiralidade negativa varia
na mesma taxa, porém, devido à diferença de sinal, esta
diminui com o tempo [5, 8],

d4NL
dtd3x

= − e2

4π2
(E ·B) . (22)

1 Salientamos que estas orientações são definidas em relação à
direção dos campos elétrico e magnético.

Portanto, a diferença numérica de part́ıculas no sistema
com diferentes quiralidades, N5 = NR − NL, será alte-
rada, por unidade de volume e por unidade de tempo,
segundo a equação [5]

d4N5

dtd3x
=

e2

2π2
(E ·B) . (23)

Ao integrar a expressão (23) no espaço, obtemos a mu-
dança na quiralidade do sistema por unidade de tempo,

dN5

dt
=

e2

2π2

∫
d3x E ·B . (24)

Aqui entra o argumento de Nielsen & Ninomiya [12]
referente ao balanço de energia associado à mudança na
quiralidade. Para converter a quiralidade de um férmion,
devemos removê-lo da superf́ıcie de Fermi respectiva à
quiralidade original e adicioná-lo naquela correspondente
à quiralidade distinta [5]. Isso requer um custo energético
que está diretamente associado ao potencial qúımico qui-
ral µ5. Evidentemente, a energia necessária para invocar
uma variação infinitesimal dN5 na quiralidade é dada por
µ5 dN5 [5]. Assim, da Eq.(24), obtemos a energia ne-
cessária, por unidade de tempo, para gerar as mudanças
na quiralidade,

P ≡ µ5
dN5

dt
=
e2µ5

2π2

∫
d3x E ·B , (25)

que, essencialmente, refere-se à potência P necessária
para viabilizar a dinâmica do fenômeno [5]. Assumindo
que não há perdas, então essa energia precisa vir de al-
gum lugar. De fato, ela provém da corrente induzida
que comentamos anteriormente. A potência entregue por
uma densidade de corrente J, na presença de um campo
elétrico E, é dada por [5]

P =

∫
d3x J ·E . (26)

Das equações (25) e (26), segue-se diretamente que∫
d3x J ·E =

e2µ5

2π2

∫
d3x E ·B , (27)

e assim, finalmente conclúımos que a densidade de cor-
rente induzida é dada por

J =
e2µ5

2π2
B . (28)

Em suma, a assimetria na quiralidade de um sistema
fermiônico, na presença de um campo magnético, induz
uma corrente elétrica ao longo do eixo longitudinal do
campo [2, 5, 8]. Consequentemente, na mesma direção,
as cargas positivas serão separadas das cargas negativas
[5, 8]. Este é justamente o fenômeno denominado “efeito
magnético quiral”.

O cálculo da corrente induzida, segundo o argumento
do balanço de energia, nos revela que a anomalia axial ele-
tromagnética também desempenha um papel importante
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no EMQ [5, 8]. A anomalia axial da QCD, aqui carac-
terizada pelo potencial qúımico quiral µ5, nos fornece a
assimetria quiral, enquanto que a anomalia axial eletro-
magnética [15, 16] estabelece a corrente de equiĺıbrio.

C. EMQ na Teoria de Maxwell-Chern-Simons

Por fim, vamos considerar o EMQ na teoria efetiva
do eletromagnetismo, conhecida como eletrodinâmica de
Maxwell-Chern-Simons [6–8]. Iniciamos a discussão aco-
plando a QCD ao eletromagnetismo, obtendo uma teoria
com simetria de gauge SU(3)×U(1) [6–8], cuja (densi-
dade) lagrangiana é

L
QCD + QED

= −1

4
GaµνG

µν
a −

1

4
FµνF

µν+

+
∑
f

ψ†fγ
0
[
iγµ

(
∂µ − igAaµta − iqf eAµ

)
−mf

]
ψf+

− θ

32π2
g2Gµνa ε ρσ

µν Gaρσ , (29)

onde Aµ denota o quadripotencial eletromagnético, Fµν
o tensor campo eletromagnético, Aaµta o campo gluônico,
e onde mf e qf e referem-se, respectivamente, à massa e
à carga elétrica dos férmions. O somatório em f indica
uma soma sobre todos os sabores (flavors) presentes. O
último termo, que inclui o campo axiônico θ na lagran-
giana, estabelecerá, na teoria efetiva, o acoplamento dos
campos eletromagnéticos com a carga topológica condu-
zida pelos campos gluônicos [5–8].

Para obter a lagrangiana de Maxwell-Chern-Simons,
tratamos do setor eletromagnético da teoria (29). Natu-
ralmente, os campos eletromagnéticos irão acoplar-se às
correntes, sendo estas calculadas conforme [6–8]

Jµ = e
∑
f

qf ψ
†
fγ

0γµψf .

Além disso, introduziremos um campo efetivo pseudo-
escalar θ = θ(t,x) para descrever a distribuição de carga
topológica [6]. A lagrangiana efetiva, portanto, é

LMCS = −1

4
FµνFµν −AµJµ −

λ

4
θ F̃µνFµν , (30)

onde

λ =
∑
f

qf
2e2

2π2
e F̃µν =

1

2
εµνρσFρσ .

Definindo a corrente de Chern-Simons [6–8],

Kµ ≡ εµνρσAνFρσ , (31)

podemos facilmente observar que

∂µK
µ = εµνρσ∂µAνFρσ

=
1

2
εµνρσ (∂µAν − ∂νAµ)Fρσ

=
1

2
εµνρσFµνFρσ = F̃µνFµν . (32)

Dessa forma, a lagrangiana em (30) pode ser reescrita
como [7, 8]

L
MCS

= −1

4
FµνFµν −AµJµ −

λ

4
θ ∂µK

µ . (33)

Utilizando ainda a regra de Leibniz, podemos expandir o
termo do seguinte modo [7, 8]

θ (∂µK
µ) = ∂µ

(
θKµ

)
− (∂µθ)K

µ . (34)

O fator ∂µ
(
θKµ

)
, porém, trata-se de uma divergência

total, e portanto, pode ser omitido da lagrangiana [6–
8] uma vez que não altera as equações de movimento
da teoria. Assim, introduzindo a notação Pµ ≡ ∂µθ =

(θ̇,P), temos que

L
MCS

= −1

4
FµνFµν −AµJµ +

λ

4
PµK

µ . (35)

As equações de Euler-Lagrange da lagrangiana (35) são
[6–8],

∂µF
µν = Jν − λPµF̃µν , (36)

as quais denominamos equações de Maxwell-Chern-
Simons. O outro par das equações de Maxwell permanece
inalterado [6–8],

∂µF̃
µν = 0 . (37)

Na notação vetorial, em termos dos campos elétrico e
magnético, o conjunto das equações (36) e (37) é escrito
como

∇×B− ∂E

∂t
= J + λ

(
θ̇B−P×E

)
, (38)

∇ ·E = ρ+ λP ·B , (39)

∇×E +
∂B

∂t
= 0 , (40)

∇ ·B = 0 , (41)

onde ρ representa a densidade de carga elétrica e J denota
a densidade de corrente [6–8]. É importante notarmos
que a presença do termo de Chern-Simons em (35) resulta
em modificações essenciais à teoria de Maxwell.

Com base nas equações diferenciais acima, considere o
caso no qual ‖P‖ = 0, mas θ̇ 6= 0 [8]. Em outras palavras,
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estamos assumindo que o campo efetivo θ possui apenas
dependência temporal. Expondo tal configuração diante
um campo magnético externo B irrotacional, i.e. com
∇× B = 0, e supondo que não há um campo elétrico
externo, então, diretamente da Eq.(38), obtemos [6–8]

J = −λ θ̇B = −
∑
f

qf
2e2θ̇

2π2
B , (42)

onde, para que possamos recuperar a equação (28), θ̇
deve ser identificado com o potencial qúımico quiral, µ5,
conforme

µ5 = −θ̇
∑
f

qf
2 .

Observe que esta corrente direcionada ao longo do campo
B representa um fenômeno que viola, localmente, a pa-
ridade e a reversão temporal [7, 8]. Além disso, perceba
que tal resultado está ausente nas equações de Maxwell
originais [8].

Assumindo um campo magnético estático, podemos in-
tegrar a expressão (42) no tempo e concluir que, de fato,
a corrente resulta da separação das cargas elétricas [7, 8],
assim reproduzindo o efeito magnético quiral.

IV. CENÁRIO EXPERIMENTAL

Ao longo da última década, as colaborações STAR
[18–22] e PHENIX [23], no Colisor Relativ́ıstico de Íons
Pesados (RHIC), têm apresentado um conjunto de ob-
servações experimentais acerca das flutuações na assime-
tria de carga. Estes dados são muito importantes para
o tema estudado no presente trabalho, uma vez que as
colisões relativ́ısticas de ı́ons pesados fornecem um am-
biente ideal para investigações acerca do EMQ [2–5, 8].
De fato, a teoria da QCD acoplada ao eletromagnetismo
prevê a ocorrência de flutuações na assimetria de carga
em colisões de ı́ons pesados [3–5], como consequência do
EMQ. Entretanto, a interpretação destes dados experi-
mentais ainda encontra-se em grande discussão [8].

Convém, aqui, também mencionar os resultados apre-
sentados no artigo [24], que indicam uma forte evidência
para a presença do EMQ em certos tipos de semimetais
de Dirac, e estimulam novos experimentos em matéria
condensada com este mesmo objetivo.

Para uma revisão mais detalhada sobre a conjuntura
experimental em torno do EMQ, recomendamos a con-
sulta à referência [10].

V. CONCLUSÕES

No presente trabalho, discutimos a f́ısica da assimetria
quiral na matéria magnetizada; em particular, focamos
nossa atenção ao estudo do chamado efeito magnético

quiral. Este corresponde ao efeito de separação das car-
gas elétricas, através da corrente induzida pelo campo
magnético de fundo em um sistema com assimetria qui-
ral.

O comportamento desta corrente de equiĺıbrio, como
função do potencial qúımico quiral e do campo
magnético, fora obtido por dois métodos distintos. Em
ambos os casos, podemos observar que a essência da f́ısica
subjacente ao efeito está enraizada no espectro carac-
teŕıstico dos ńıveis de Landau para férmions relativ́ısticos
em presença de um campo magnético [2, 5, 8].

Os cálculos que aqui apresentamos são, até o presente
momento, estimativas semi-quantitativas que podem ser
refinadas por meio de um tratamento mais cuidadoso do
campo magnético, ou de um melhor estudo sobre os pro-
cessos fundamentais que afetam a carga topológica [5, 8].

Experimentalmente, o EMQ pode ser avaliado em co-
lisões de ı́ons pesados [3–5]. Neste contexto, a posśıvel
observação emṕırica do EMQ seria uma evidência direta
da existência de configurações gluônicas com topologia
não-trivial [5, 8]. Além disso, como tal efeito explora in-
terações na QCD que violam as simetrias P e CP, ele
pode fornecer um melhor entendimento do chamado pro-
blema CP forte [2, 5, 8]. Estes fenômenos são de grande
interesse para a teoria de campos, e possuem grande po-
tencial de aplicabilidade na Cosmologia [2].

Visto que o EMQ deve-se a uma mistura de efeitos da
QCD e da eletrodinâmica, é natural que este fenômeno
exiba um comportamento muito caracteŕıstico. Supõe-
se, por exemplo, que os correlatores experimentalmente
avaliados sejam proporcionais ao quadrado da carga do
núcleo colisor [5]. Este comportamento espećıfico pode
ser investigado por medições em colisões de núcleos com
mesmo número atômico, porém cargas elétricas distin-
tas [5]. Conclúımos então que uma melhor compreensão
teórica do EMQ faz-se necessária, pois forneceria grande
aux́ılio à análise experimental, uma vez que pode con-
solidar a possibilidade de previsões mais precisas acerca
dos observáveis [2, 5, 8]. De fato, uma observação confir-
mada de tal efeito seria muito importante, mas também
deve estar sujeita a hipóteses alternativas.
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