
 

Mass splitting of vector mesons and spontaneous spin polarization
under rotation*

Minghua Wei(魏明华)1,2†     Yin Jiang(姜寅)3‡     Mei Huang(黄梅)1§

1School of Nuclear Science and Technology, University of Chinese Academy of Sciences, Beijing 100049, China
2Institute of High Energy Physics, Chinese Academy of Sciences, Beijing 100049, China

3Department of Physics, BeiHang University, Beijing 100191, China

sz = 0,±1
msz
ρ (ω) = mρ(ω = 0)−ωsz

sz = 1
ωc = mρ(ω = 0) sz = 1

Abstract:  In  this  study,  we  investigate  the  effect  of  rotation  on  the  masses  of  scalar  and  vector  mesons  in  the
framework of the 2-flavor Nambu-Jona-Lasinio model. The existence of rotation produces a tedious quark propagat-
or and a corresponding polarization function. By applying the random phase approximation, the meson mass is nu-
merically calculated. It is found that the behavior of scalar and pseudoscalar meson masses under angular velocity ω
is similar to that at a finite chemical potential; both rely on the behavior of the constituent quark mass and reflect the
property  related  to  chiral  symmetry.  However,  vector  meson ρ masses  have  a  more  profound  relation  to  rotation.
After  analytical  and  numerical  calculations,  it  turns  out  that  at  low  temperature  and  small  chemical  potential,  the
mass for spin component   of a vector meson under rotation exhibits a very simple mass splitting relation

, similar to the Zeeman splitting of a charged meson under magnetic fields. Furthermore,
the  mass  of  the  spin  component    of  vector  meson  ρ  decreases  linearly  with  ω  and  reaches  zero  at

, which indicates that the system will develop   vector meson condensation and the system will
be spontaneously spin-polarized under rotation.
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I.  INTRODUCTION
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In  a  non-central  heavy-ion  collision  (HIC),  a  large
vorticity  and  strong  magnetic  field  are  expected  to  be
generated  in  extremely  hot  quark  gluon  plasma  (QGP).
Straightforward electromagnetic  (EM)  computation   re-
veals  that  the  magnetic  field  would  reach  approximately

  [1]  in  the  early  stage  of  a  HIC,  while  kinetic
and hydrodynamic simulations [2,3] indicate that the loc-
al  vorticity would exceed   with the total  angular
momentum  of  QGP  in  the  range  of  .
Known  as  the  Barnett  and  magnetization  effects,  spin
particles are polarized by these pseudo vector fields; thus,
their distributions  differ  from  normal  thermal   distribu-
tions.  Besides  the  chiral  effects  induced  by  such  pseudo
vector fields [4-6], studies on these distribution modifica-
tions are useful to understand the hadronization mechan-

ism of  the  strong interaction.  Inspired by the  large amp-
litude and retention owing to angular momentum conser-
vation, vorticity has recently attracted more attention.

Compared  with  magnetic  field  effects,  rotation-re-
lated effects are electric charge blind and only involve the
kinetic  properties  of  QGP  and  the  strong  interaction;
these are  the  aspects  we  are  most  interested  in.   Experi-
mentally, to screen out EM effects, neutral particles with
finite spin numbers are chosen as carriers of vorticity po-
larization effects. As it is difficult to directly detect an un-
charged  particle,  the  distribution  of  its  charged  daughter
particle serves as an alternative observable for the global
polarization effect. With the help of the Λ meson, the av-
erage magnitude of the vorticity of QGP was extracted by
the  STAR  collaboration  [7].  In  these  measurements,  the
expectation  of  Λ  polarization  and  the  vorticity  behavior
of  the  collision energy were  confirmed.  The results  may
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be understood by considering the energy shift induced by
the vorticity  polarization to  the  spins;  however,  this   the-
ory  becomes  slightly  vague  when  the    and ϕ meson
measurements, presented in [8], are considered. The mis-
match between these measurements indicates that the fine
structure of hadrons may play a non-negligible role in po-
larization processes.

σ

eB ≃1 GeV2

Ĥ→ Ĥ− ω⃗ · Ĵ

The mass is one of the most fundamental attributes of
a hadron.  For a composite particle,  the mass is  modified
by the  single-particle  dispersion  relation  of  the   funda-
mental degree of freedom as well as its interactions. Stud-
ies of hadron masses enable us to discover many clues re-
garding  the  environment  from  which  hadrons  originate.
As  a  well-known  example,    meson  and  pion  masses
change with  increasing  temperature  and  chemical  poten-
tial  because  of  chiral  restoration  [9].  Recently,  the  mass
of  the  vector  meson ρ  in  an  external  magnetic  field  has
been  studied  while  taking  into  account  the  polarization
effect on quarks. A lattice calculation demonstrated that a
charged ρ meson mass first decreases and then increases,
with a minimum of approximately   [10]. Us-
ing  effective  models  such  as  the  Nambu –Jona-Lasinio
(NJL) model with a vector channel, the ρ meson with dif-
ferent  spin  components  has  been  studied  [11,12].  As  a
result,  the mass behavior in a background vorticity field,
which initially appears to be similar to the magnetic case,
is brought into question. For the rotating effect, the co-ro-
tating frame [13] is usually adopted and a nontrivial spin
connection term is introduced [14], which serves as a po-
larization term  for  angular  momentum.  With  this   exten-
ded NJL model, chiral phase transition may occur as an-
gular  velocity  increases  [15]. Additionally,  more   com-
plicated  phase  diagrams  that  combine  rotation  and  other
physical  conditions,  such  as  chemical  potential,  isospin
and  magnetic  fields  [16-18],  have  been  established.  In
those NJL models,  the rotation always behaves as an ef-
fective chemical  potential  at  the  quark  level.  This   ana-
logy  has  been  explained  with  a  Hamiltonian  shift  of

, where the latter term may correspond to an
effective  chemical  potential  [18,19].  At  the  same  quark
level, holographic  models  also  expand  upon  our   under-
standing of rotating quark matter by using a four-dimen-
sional AdS-Kerr-Newman black hole to construct a rota-
tion-magnetism  analogy  [20].  However,  for  composite
hadrons,  such  as  vector  mesons,  there  have  been  few
studies on their mass behaviors.

In  this  paper,  we  focus  on  scalar  and  vector  mesons
and  investigate  their  masses  under  rotation  at  a  finite
chemical potential.  To consider  both the  finite   temperat-
ure  and  density  cases,  we  introduce  the  two-flavor  NJL
model  with  a  vector  channel  in  the  co-rotating  frame  in
Sec.  II.  With  this  framework,  we  generate  a  dynamical
quark  mass  with  spontaneous  chiral  symmetry  breaking
and construct  scalar  and  vector  mesons  with  the  dressed
quark  propagator,  while  extracting  the  corresponding

µq

sz = 1

sz = 1 ⟨ρsz=1⟩

masses using the random phase approximation (RPA), in
Sec.  III;  the  numerical  results  are  presented  in  Sec.  IV.
Owing to the rich phase structure at large chemical poten-
tials, only   < 200 MeV is investigated in this study and
discussions on  rotating  color  superconductivity  are   re-
served  for  future  studies.  We  discovered  that  scalar
meson  masses  are  controlled  by  chiral  phase  transition,
which can  be  driven  by  temperature,  density,  and   rota-
tion. In  contrast,  vector  mesons,  which  carry  the  net  an-
gular momentum, are governed by the polarization effect
on  the  total  angular  momentum  before  chiral  symmetry
restoration.  At  large  angular  velocities,  the  mass  of  the
spin component   of the vector meson vanishes. This
indicates the  macroscopic  condensate  of  the  spin   com-
ponent   of  the  vector  meson  ; thus,  spontan-
eous spin polarization would be induced in the ultra-fast
rotating system.  In  Sec.  V,  we summarize  our  main   res-
ults and provide an outlook. 

II.  THE NJL MODEL IN A CO-ROTATING
FRAME

The NJL model is an effective model with a four-fer-
mion  interaction,  which  is  widely  used  to  study  quark-
quark  and  quark-antiquark  pairings  that  correspond  to
chiral phase transition, superfluidity, and superconductiv-
ity. Besides the usual scalar channels, we consider vector
channels to construct vector ρ mesons. The Lagrangian of
the two-flavor NJL model in a co-rotating frame is given
by [16,21] 

L =ψ̄[iγ̄µ(∂µ+Γµ)−m]ψ+GS [(ψ̄ψ)2+ (ψ̄iγ5τ⃗ψ)2]

−GV [(ψ̄γµψ)2+ (ψ̄γµγ5ψ)2], (1)

GS GV

γ̄µ

γ̄µ = e µ
a γ

a e µ
a gµν = ηabea

µeb
ν

ηab γa

ea
µ = δ

a
µ+δ

a
iδ

0
µ vi e µ

a = δ
µ

a −δ 0
a δ

µ
i vi vi

v⃗ = ω⃗× x⃗
ω⃗

Γµ =
1
4
× 1

2
[γa,γb]Γabµ Γabµ = ηac(ec

σGσ
µνe

ν
b −

e ν
b ∂µec

ν) Gσ
µν

gµν
|ω⃗× x⃗| ≪ c O(⃗v)

ω⃗ · J⃗
J⃗ = x⃗× p⃗+ S⃗

where m  is  the  current  quark  mass,  and    and    are
the coupling constants  in  the scalar  and vector  channels,
respectively.  In  a  curved  co-rotating  frame,  the  gamma
matrices    should be  defined  according  to  the   corres-
ponding  Clifford  algebra.  The  curved  gamma  matrices
are related to their flat counterparts using the vierbein as

  in  which    should  satisfy  ,
where    is the metric of flat  space-time and   repres-
ents the flat gamma matrices. In our case, a simple choice
is   and  , where   is the
linear velocity   in the presence of a constant an-
gular  velocity  .  The  spinor  connection  is  given  by

,  where 
,  and    is  the  general  Christoffel  connection

determined by   [13-15]. Within the slow velocity lim-
it  ,  only the   terms can be retained, which
are reduced to the ordinary polarization form  , where

  is  the total  angular  momentum [14,15],  and
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S⃗ =
1
2

(
σ⃗ 0
0 σ⃗

)
 is the spin operator.

By applying the mean field approximation and choos-
ing the direction of  rotation to be the z-axis,  the bilinear
part  of  the  Lagrangian  at  a  finite  chemical  potential  is
given by [16] 

L = ψ̄[iγµ∂µ+γ0(ωĴz+µ)−M]ψ− (M−m)2

4GS
, (2)

Jz

J⃗

M = m−2GS
⟨
ψ̄ψ

⟩
where   is the third component of the total angular mo-
mentum  , and μ is the quark chemical potential. The an-
gular velocity plays a similar role to the chemical poten-
tial,  and M  is the constituent quark mass, which is given
by the chiral condensate using  .

ω−1

⟨ω⟩

Quantum field theory for a rotating system was estab-
lished  by  Vilenkin  in  [22],  in  which  the  Green  function
without  the  boundary  condition  was  introduced.
However, it  was  emphasized  that  a  rotating  system can-
not  have  a  radius R  size  larger  than  , which  is   con-
strained by causality with the angular velocity ω and the
radius of the system R. In this study, we apply an explicit
form of the propagator in [22]. In realistic heavy-ion col-
lisions, the average global velocity   of QGP generally
requires  approximately  20 MeV [3,23],  which should be
safe  when  using  an  infinite  size  approximation.  When
considering  the  local  vorticity,  as  shown  in  [3],  the

M(ω)

M(ω)

boundary conditions would become more important for a
small  vorticity  lattice  with  a  high  angular  velocity.  In
general, one should consider the inhomogeneity of the ro-
tating  fluid  and  solve M  as  r-dependent while   consider-
ing the boundary conditions, as investigated in Refs. [24-
34]. It was observed in [24] that M is almost constant ex-
cept  in  the  vicinity  of  the  boundary.  Furthermore,  the
bounded  rotating  system  was  studied  self-consistently  in
[25], that is, beyond the local potential approximation. It
is  shown that  the  chiral  condensate  suppression  effect  is
qualitatively  unchanged  by  the  boundary  conditions  and
are quantitatively comparable in the bounded and bound-
less cases at finite temperatures. From a realistic point of
view,  boundary  conditions  always  have  effects  in  the
near-surface  part  of  QGP,  and  chiral  condensation  will
not be significantly affected in the inner part of QGP. In-
stead  of  fully  considering  the  inhomogeneous  rotation
and  subtle  boundary  conditions,  we  choose  a  simplified
scheme  as  the  first  step  of  this  study  to  introduce  the

  qualitative  relation,  which  is  easily  estimated  by
noting the energy shifts of quarks owing to the polariza-
tion  effects  induced  by  rotation.  We  reserve  the  more
self-consistent treatment of   for future studies.

M(ω) M(ω)

In this study, we aim to investigate meson properties
under rotation. To perform calculations in the NJL model,
a    relation  is  required;  hence,    is  extracted
from the general grand potential given by [15,16]

Ω(T,µ,M,ω) =
∫

d3r
{

(M−m)2

4GS
−

NcN f

16π2 T
∑

n

∫
dk2

t

∫
dkz[Jn(ktr)2+ Jn+1(ktr)2]

[
ln(1+ e(Ek−(n+ 1

2
)ω−µ)/T )

+ ln(1+ e−(Ek−(n+ 1
2
)ω−µ)/T )+ ln(1+ e−(Ek+(n+ 1

2
)ω+µ)/T )+ ln(1+ e(Ek+(n+ 1

2
)ω+µ)/T )

]}
.

(3)

Ek =

√
k2

t + k2
z +M2 kt,z

∂r M(r) ≃ 0
Nc = 3 N f = 2

Here,    and    are  the  transverse  and
longitudinal  momenta,  respectively.  The  local  potential
approximation   is adopted while solving the ei-
gen  modes,  and    and    are chosen  for   sub-
sequent  computation.  In  this  study,  we  neglect  four-fer-
mion contributions to the ground state; therefore, the chir-
al  condensate  is  entirely  computed  by  the  gap  equation

∂Ω

∂M
= 0

∂2Ω

∂M2 > 0

r = 0.1 GeV−1

 with the constraint  . In Sec. IV, we will
reveal the numerical result for the constituent quark mass
M.  For  the  constituent  quark  mass  at  a  particular  radial
coordinate,  we  have  chosen  ,  as  in  Ref.
[15]. This serves as the environment in which mesons ori-
ginate  and  thus  modifies  their  masses.  In  the  mean field
approximation, the gap equation is simply a one-loop dia-
gram of the quark propagator, which reads as

S (r̃; r̃′) =
1

(2π)2

∑
n

∫
dk0

2π

∫
ktdkt

∫
dkz

ein(ϕ−ϕ′)e−ik0(t−t′)+ikz(z−z′)[
k0+

(
n+

1
2

)
ω

]2

− k2
t − k2

z −M2+ iϵ

×
{[[

k0+

(
n+

1
2

)
ω

]
γ0− kzγ

3+M
]
[Jn(ktr)Jn(ktr′)P++ ei(ϕ−ϕ)′ Jn+1(ktr)Jn+1(ktr′)P−]

− iγ1kteiϕJn+1(ktr)Jn(ktr′)P+−γ2kte−iϕ′ Jn(ktr)Jn+1(ktr′)P−
}
, (4)
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P± =
1
2

(1± iγ1γ2)
r̃ = (t,r,ϕ,z)
where    are  projection  operators,  and

  is  the  expression  for  position  in  cylindrical
coordinates. 

III.  SCALAR AND VECTOR MESON MASSES
UNDER ROTATION

 

A.    The scalar meson
qq̄In  the  NJL  model,  meson  are  regarded  as    bound

states  or  resonances,  which  can  be  obtained  from  the
quark-antiquark scattering amplitude [9,35-37]. The meson
mass is extracted from the pole of the one-loop quark po-
larization function, as described in detail in [9].

Dσ(q2)In the RPA, the full propagator of the σ meson 

1/Nccan be expressed to its leading order with   as an in-
finite sum of quark-loop chains. 

Dσ(q2) =
2GS

1−2GSΠs(q2)
, (5)

Πs(q2)where    is the one-loop quark polarization function
and takes the form [11,38,39] 

Πs(q) = −i
∫

d4r̃Trs f c[iS (0; r̃)iS (r̃;0)]eiq·r̃, (6)

Trs f cwhere   represents the trace in spin, flavor, and color
space. In Appendix A, the polarization function is simpli-
fied to the following form:

Πs(q2) =−2iN f Nc

∫
d4 p

(2π)4



(
p0+q0+

1
2
ω

)(
p0+

1
2
ω

)
+M2− ( p⃗+ q⃗) · p⃗(p0+q0+

1
2
ω

)2

− (p⃗+ q⃗)2−M2

 (p0+
1
2
ω

)2

− p⃗2−M2


+

(
p0+q0−

1
2
ω

)(
p0−

1
2
ω

)
+M2− (p⃗+ q⃗) · p⃗(p0+q0−

1
2
ω

)2

− ( p⃗+ q⃗)2−M2

 (p0−
1
2
ω

)2

− p⃗2−M2




. (7)

If we use the finite temperature theory with a chemical potential [40], the polarization function will be
 

Πs(q⃗, iνn) = 2N f NcT
∑
s=±

∑
N

∫
d3 p⃗

(2π)3

[
(iω̃N + iνn)+

1
2

sω+µ
] [

iω̃N +
1
2

sω+µ
]
+M2− ( p⃗+ q⃗) · p⃗(iω̃N + iνn+

1
2

sω+µ
)2

− ( p⃗+ q⃗)2−M2

 (iω̃N +
1
2

sω+µ
)2

− p⃗2−M2


, (8)

ω̃N = (2N +1)πT

Πs(q⃗, ν̃) = Πs(q⃗, iνn)|ν̃+iη q⃗ = 0
Πs(0, ν̃)

where    is  the  Matsubara  frequency.  By
considering  the  analytic  continuation

 and setting  , an explicit form
of   can be contructed, as shown in Appendix A.

From  the  pole  of  propagator  used  in  Eq.  (5),  the  σ
mass can be obtained by solving 

1−2GSΠs(0, ν̃) = 0, (9)

τ± = 1/
√

2(τ1± iτ2) τi

τa = τ3, τb = τ3

τa = τ+, τb = τ−

We perform a  similar  operation  for  the  pseudoscalar
meson π.  In  the  polarization  functions,  the  operators  are
defined  as  ,  where    are  the  Pauli
Matrices, and we choose   for neutral pions
and    for  charged  pions.  However,  these
polarization  functions  have  the  same  form  for  different
charged mesons.

Πps(q2) =− i
∫

d4r̃T rs f c[iγ5τaiS (0; r̃)iγ5τbiS (r̃;0)]eiq·r̃

=4iN f Nc

∫
d4 p

(2π)4



(
p0+q0+

1
2
ω

)(
p0+

1
2
ω

)
−M2− ( p⃗+ q⃗) · p⃗(p0+q0+

1
2
ω

)2

− ( p⃗+ q⃗)2−M2

 (p0+
1
2
ω

)2

− p⃗2−M2
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+

(
p0+q0−

1
2
ω

)(
p0−

1
2
ω

)
−M2− ( p⃗+ q⃗) · p⃗(p0+q0−

1
2
ω

)2

− ( p⃗+ q⃗)2−M2

 (p0−
1
2
ω

)2

− p⃗2−M2




. (10)

For the finite temperature formalism with a chemical potential, the polarization function will be
 

Πps(q⃗, iνn) = −4N f NcT
∑
s=±

∑
N

∫
d3 p⃗

(2π)3

[
(iω̃N + iνn)+

1
2

sω+µ
] [

iω̃N +
1
2

sω+µ
]
−M2− (p⃗+ q⃗) · p⃗(iω̃N + iνn+

1
2

sω+µ
)2

− ( p⃗+ q⃗)2−M2

 (iω̃N +
1
2

sω+µ
)2

− p⃗2−M2


. (11)

Πps(q⃗, ν̃) =
Πps(q⃗, iνn)|ν̃+iη q⃗ = 0
Πps(0, ν̃)

By  considering  the  analytic  continuation 
  and  setting  ,  an  explicit  form  of

 can be constructed, as shown in Appendix A.
From the pole of above propagator, the pion mass can

be obtained by solving 

1−2GSΠps(0, ν̃) = 0. (12)
 

B.    The ρ meson

sz = ±1,0

For a  vector  meson  under  magnetic  fields  and   rota-
tion,  the  medium  has  a  preferred  direction  along  z,  and
the extraction process  for  the vector  meson pole  mass is
more  complex.  In  [11],  the  vector  meson  polarization
tensor  was  divided  into  its  transverse  and  longitudinal
parts  and  eventually  divided  into  its  spin-components

;  thus,  the  pole  mass  can  be  extracted  as  spin-
components.

Following Ref. [11], we construct a vector meson us-
ing  a  similar  method  with  rotation-modified  quark
propagators. For  the  two-flavor  model,  we  take,  for   ex-
ample, the vector ρ meson. Its one-loop polarization func-
tion reads as 

Πµν,ab(q) = −i
∫

d4r̃Trs f c[iγµτaS (0; r̃)iγντbS (r̃;0)]eiq·r̃.

(13)

S (0; r̃)
As there is no isospin breaking in the quark propagat-

ors  ,  the  polarization  functions  of  charged  and
neutral ρ mesons are expected to be the same under rota-
tion. Nonzero elements of the matrix read as 

Π
µν
ρ =


0 0 0 0
0 Π11 Π12 0
0 Π21 Π22 0
0 0 0 Π33

 . (14)

Explicit  expressions  for  the  matrix  elements  are
shown in Appendix B. The analysis of the Lorentz struc-
ture  suggests  the  tensor  can  be  divided  according  to  its
polarization directions, as follows: 

Π
µν
ρ = A2

1Pµν1 +A2
2Pµν2 +A2

3Lµν+A2
4uµuν, (15)

uµ

uµ = (1,0,0,0)
where    is  the  four  momentum  in  the  rest  frame,

  is a unit  vector,  and the projection operat-
ors are given as 

Pµν1 = −ϵ
µ
1 ϵ

ν
1 , (sz = −1 for ρ meson ),

Pµν2 = −ϵ
µ
2 ϵ

ν
2 , (sz = +1 for ρ meson ),

Lµν = −bµbν, (sz = 0 for ρ meson ). (16)

ϵ
µ
1 =

1
√

2
(0,1, i,0) ϵ

µ
2 =

1
√

2
(0,1,−i,0)

bµ = (0,0,0,1)

In  the  flat  frame,    and 

  are  the  right-  and  left-hand  polarization  vec-
tors,  respectively,  and    is  the  direction  of
rotation.  As  a  result,  the  ρ  meson  propagator  can  be
broken down in a similar way. 

Dµν
ρ (q2) =D1(q2)Pµν1 +D2(q2)Pµν2

+D3(q2)Lµν+D4(q2)uµuν, (17)

Diwhere the coefficients   are of the RPA summation form 

Di(q2) =
2GV

1+2GV A2
i

. (18)

Here,  the momentum poles correspond to the masses
of vector ρ mesons, which are solutions to the equation 

1+2GV A2
i = 0, (19)

where 
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A2
1 = −(Π11− iΠ12), (sz = −1 for ρ meson ),

A2
2 = −Π11− iΠ12, (sz = +1 for ρ meson ),

A2
3 = −Π33, (sz = 0 for ρ meson ). (20)

 

IV.  NUMERICAL RESULTS AND DISCUSSION

To evaluate the mass of the ρ meson at a finite chem-
ical potential and relatively large vorticity, we choose the
soft  cut-off  scheme  to  prevent  leakage  of  the  energy
scale. The cut-off function is [41-43] 

fΛ(p) =
Λ10

Λ10+p10 , (21)

where Λ  =  582  MeV.  In  numerical  calculations,   mo-
mentum integrals are understood as [41]  ∫

dp
2π
→

∫
dp
2π

fΛ(p). (22)

GSΛ
2 = 2.388 GVΛ

2 = 1.73
m0 = 5

The  other  parameters  are  taken  from  Ref.  [11],  i.e.,
,  ,  and  the  current  quark  mass

 MeV. We use a soft  cutoff in the calculation and
maintain the angular velocity at less than 1 GeV and the
chemical potential at less than 200 MeV; hence, for each
quark,  the  energy  shift  owing  to  rotation  and  chemical
potential  is  no more than 700 MeV. This  is  a  safe  value
for the model.

By  neglecting  meson  fluctuations,  the  gap  equation
for the chiral condensate at a finite temperature as well as
chemical potential under rotation can be easily solved. As
shown in the phase diagram of Refs. [15,16,18], the vorti-
city  serves  as  another  form  of  chemical  potential  that
weakens  the  chiral  condensate  in  the  finite  temperature
case and complements the chemical potential in the finite
density case.  As shown in Fig.  (2b),  there is  a  crossover
at medium temperatures along the rotation speed. At low
temperatures,  the  increase  in  chemical  potential  changes
the  first-order  chiral  restoration  to  a  crossover  in  Fig.
(2a), (2c),  and (2d).  Because the phase structure determ-
ines the macroscopic properties  of  the system, it  is   reas-
onable  to  expect  that  the  dependence  of  meson  mass  on
the rotation speed would be smooth at medium temperat-
ures  and in  high-density  systems and kinked at  the first-
order point for low density systems. 

A.    The scalar meson
As it carries no net angular momentum, the profile of

scalar  meson  mass  is  completely  determined  by  chiral
symmetry  in  our  model.  For  the  zero  chemical  potential
case shown in Fig. (2a) and (2b), as the rotation speed in-
creases, the chiral condensate behaves the same as that in

ω ∼ 0.6

µ < 100
ω ≃ 0.8

[15]. At extremely low temperatures, chiral restoration is
first order; thus, the masses remain invariant before jump-
ing  together  at  the  critical  rotation  speed.  In  hot  matter,
the  condensate  steadily  melts  until  the  crossover  range

  GeV.  As  a  consequence,  the  σ  meson mass   re-
mains  almost  static,  and  pions  serve  as  Goldstone
particles  in  the  chiral  breaking  phase.  Once ω  nears  the
crossover range, they approach each other and eventually
become  almost  degenerate  because  of  chiral  symmetry
restoration. The behavior at a finite density could also be
explained using chiral symmetry by noticing the order of
phase transition. As Fig. (2a), (2c), and (2d) show, at low
densities,  i.e.,   MeV,  and zero  temperature,  there
is a first order gap at   GeV owing to the depend-
ence of  the  chiral  condensate  on  rotation  speed.   Sub-
sequently, the  pion  breaks  the  constraint  of  the   Gold-
stone theorem, that is, the mass increases to meet that of
the σ meson, which is driven by chiral symmetry. As the
chemical  potential  increase  further,  the  phase  transition
weakens into the crossover, and the mass dependence on
the  rotation  speed  becomes  smoother,  as  shown  in  Fig.
(2c) and (2d).

r = 0.1 GeV−1

M = m−2GS
⟨
ψ̄ψ

⟩

T −µ−ω

The constituent quark mass at   is calcu-
lated  using  ,  and  the  constituent  quark
mass as a function of angular velocity is shown in Fig. 1
for  different  chemical  potentials.  The  chiral  condensate
exhibits a first order phase transition at large angular ve-
locities for small chemical potentials, while this is exhib-
ited at  small  angular velocities for large chemical poten-
tials;  this  is  in  agreement  with  the  results  presented  in
[16], where a first order phase transition was observed in
two corners of the three-dimensional   phase dia-
gram.

From the numerical results, it is clear that the rotation
speed  and  chemical  potential  are  complementary  when
driven  by  chiral  restoration.  At  low  chemical  potentials,
the critical/crossover  rotation  speed  is  large.  This   de-
creases with increasing chemical potential. However it is
clear  that  the  chemical  potential  and  rotation  speed  are
not  exactly  equivalent  because,  physically,  the  chemical

 

Fig. 1.    (color online) The constituent quark mass as a func-
tion of angular velocity for different chemical potentials.
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±1
2
ω

potential  is  the  energy shift  from the difference between
the  particle  and  anti-particle,  while  the  shift  induced  by
rotation  polarization  occurs  from the  difference  between
spin up and spin down. From this aspect, the   could

be treated as the spin chemical potential. Analytically, the
difference may be explicitly observed in the gap equation
and the polarization functions, as follows:
 

Πs(0, iνn) =N f Nc

∑
s=±

∫
d3 p⃗

(2π)3

[
Res1( p⃗, νn)θ

(
−µ− sω

2
+Ep

)
n f

(
Ep−µ−

sω
2
,T

)
+Res3( p⃗, νn)θ

(
−µ− sω

2
+Ep

)
n f

(
Ep−µ−

sω
2
,T

)
−Res1( p⃗, νn)θ

(
µ+

sω
2
−Ep

)
n f

(
−Ep+µ+

sω
2
,T

)
−Res2( p⃗, νn)n f

(
Ep+µ+

sω
2
,T

)
−Res3( p⃗, νn)θ

(
µ+

sω
2
−Ep

)
n f

(
−Ep+µ+

sω
2
,T

)
−Res4( p⃗, νn)n f

(
Ep+µ+

sω
2
,T

)
+Res1( p⃗, νn)θ

(
µ+

sω
2
−Ep

)
+Res3( p⃗, νn)θ

(
µ+

sω
2
−Ep

)
−Res1

(
p⃗, νn

)−Res3
(
p⃗, νn

) ]
, (23)

Res1( p⃗, νn),Res2( p⃗, νn),Res3( p⃗, νn) Res4( p⃗, νn)where  , and   are residues in Eq. (40).
ΠpsThe polarization function   is given as

 

Πps(0, iνn) =N f Nc

∑
s=±

∫
d3 p⃗

(2π)3

[
Res1′( p⃗, νn)θ

(
−µ− sω

2
+Ep

)
n f

(
Ep−µ−

sω
2
,T

)
+Res3′( p⃗, νn)θ

(
−µ− sω

2
+Ep

)
n f

(
Ep−µ−

sω
2
,T

)
−Res1′( p⃗, νn)θ

(
µ+

sω
2
−Ep

)
n f

(
−Ep+µ+

sω
2
,T

)
−Res2′( p⃗, νn)n f

(
Ep+µ+

sω
2
,T

)
−Res3′( p⃗, νn)θ

(
µ+

sω
2
−Ep

)
n f

(
−Ep+µ+

sω
2
,T

)
 

Fig. 2.    (color online) Scalar meson mass as a function of angular velocity at different chemical potentials and temperatures.
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−Res4′( p⃗, νn)n f

(
Ep+µ+

sω
2
,T

)
+Res1′( p⃗, νn)θ

(
µ+

sω
2
−Ep

)
+Res3′( p⃗, νn)θ

(
µ+

sω
2
−Ep

)
−Res1′( p⃗, νn)−Res3′(p⃗, νn)

]
. (24)

Res1′( p⃗, νn), Res2′( p⃗, νn), Res3′( p⃗, νn) Res4′( p⃗,
νn)
Here,  ,  and 

 are residues in Eq. (A18).
µ±ω/2

Ep−µ±
ω

2
= 0

ω = 2(m−µ)

It  is  clear  that  the  functions  depend  on  both 
combinations.  However,  it  is  also  reasonable  to  assume
that  the  critical  behavior  will  occur  at  a  rotation  speed
that satisfies  . If we choose a positive value
for  both  the  chemical  potential  and  rotation  speed,  the

  part  would  dominate  the  critical  behavior.
Hence,  the  chemical  potential  and  rotation  speed  appear
to be complementary when determining the critical point. 

B.    The ρ meson

sz = ±1 sz = 0

−ω⃗ · S⃗

sz = ±1 sz = 0
T = 10

sz = 0

sz = ±1
∓ω

sz = ±1

Taking the direction of rotation as the z-axis, the three
components of  a  massive vector  meson can be represen-
ted  as    and  .  The  nonzero  spin  components
are  polarized by the Barnett  effect,  which introduces the
shift    to  the  energy  levels  under  rotation.  In  our
two-flavor model, we use the ρ meson to explore the rota-
tion-induced  energy  shift  with  self-consistent  numerical
calculations at the quark level. Fig. 3 shows the numeric-
al  results  for  ρ masses  with    and    as  func-
tions of angular velocity at temperature   MeV. It is
clear that the splitting mass curves reveal the different in-
fluences of rotation. In the   case, there is no net an-
gular  momentum  for  particle  polarization  by  rotation.
This  indicates  that  the  mass  dependence  on  rotation  is
similar  to  the scalar  case,  which remains invariant  while
the chiral condensate is below the critical rotation speed.
In  the    cases,  the  rotation  polarization  generates
the energy shift   for the corresponding masses; this is
confirmed  by  the  numerical  results  in  Fig.  3.  The  mass
dependence  on  the  rotation  speed  is  indicated  by  two
straight  lines  for  the    components.  The  behavior
could be analytically proven with an explicit form of the

polarization  functions.  In  the  pole  approximation,  the
masses are determined by the pole of the meson propagat-
ors, as in Eq. (19). With straightforward computation, as
shown in the Appendix, the polarization functions of the
vector meson satisfy 

1
2

A2
1(mρ+ω)+

1
2

A2
2(mρ−ω) = A2

3(mρ). (25)

mρ(ω = 0)− szω
sz = 0,±1 sz = 1

ωc =

mρ(ω = 0) sz = 1

Therefore,    is  the  exact  mass  of  the
 components.  The mass of  the   spin com-

ponent  decreases  linearly  with  angular  velocity  and
reaches  zero  at  the  critical  angular  velocity 

. Beyond this, the   spin component of the
vector  meson  will  develop  condensation  in  the  vacuum,
indicating that the system will be spontaneously spin po-
larized under strong rotation. 

V.  CONCLUSION

ω = mρ

sz = 0,±1

Using the  NJL  model  with  vector  channel   interac-
tions,  we  calculated  scalar,  pseudoscalar,  and  vector
meson masses at a finite temperature, chemical potential,
and  rotation  speed.  In  the  RPA and  pole  approximation,
the  mesons  are  treated  as  the  effective  degree  of
freedoms, which transmit the interaction between quarks,
and the  masses  are  determined  by  the  polarization   func-
tions.  This  approximation  could  explicitly  preserve  the
Goldstone theorem; however, the meson back reaction to
phase transitions is neglected. Because of the four-fermi-
on point  interaction  and  pole  approximation,  the  micro-
scopic details of mesons have been lost,  and they all  be-
have as  fundamental  particles  that  are  polarized by rota-
tion according to their net spin angular momentum. In the
scalar and  pseudoscalar  cases,  the  mass  spectra  are  con-
trolled by the chiral condensate, which is the main mech-
anism generating hadron mass in the NJL model. At low
temperatures and chemical potentials, chiral restoration is
first  order,  which  causes  the  meson  masses  to  suddenly
jump at the critical rotation speed. As the temperature or
chemical potential  increases,  the  phase  transition  degen-
erates  to  crossovers,  which  smoothens  the  meson  mass
curves along  the  rotation  speed.  At  a  large  enough   rota-
tion speed, it is easy to expect that the vector condensate
vacuum would be preferred and the corresponding effect-
ive mass would be zero. Therefore, we have only studied
the  behavior  of  vector  meson masses  below  . Al-
though the polarization function computation uses masses
of  the  three  components,    are  the  same  as  the
results  obtained  by  treating  them  as  fundamental

 

Fig. 3.    (color online) ρ meson masses as a function of angu-
lar velocity at temperature T=10 MeV.
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mρ mρ±ωparticles,  that  is,    and  . Once  the  chiral  is   re-
stored, the vector condensate will emerge simultaneously,
which will be investigated in our next study.

sz = 0,±1

msz
ρ (ω) = mρ(ω = 0)−ωsz

sz = 1

ωc = mρ(ω = 0)
sz = 1

sz = 1

< ψ̄iσµνψ >

In non-central  heavy-ion  collisions,  the  created   sys-
tem carries  a  large  angular  momentum,  and  the   proper-
ties of particles will be changed in a rotating medium. In
this paper, we investigated the behavior of scalar and vec-
tor meson mass under rotation. It is found that the behavi-
or of scalar and pseudoscalar meson masses under angu-
lar velocity ω is similar to that at a finite chemical poten-
tial;  both  rely  on  the  behavior  of  their  constituent  quark
masses and  reflect  the  property  related  to  chiral   sym-
metry. However,  vector  meson masses have a more pro-
found  relation  to  rotation.  After  tedious  calculation,  it
turns  out  that,  at  low temperatures  and a  small  chemical
potential,  the mass of the spin component   of  a
vector meson under rotation exhibits a very simple mass
splitting  relation    similar  to  the
Zeeman splitting of  a  charged meson in magnetic  fields.
In particular, the mass of the spin component   of the
vector  meson  ρ  decreases  linearly  with  ω  and  reaches
zero  at  ,  which  indicates  that  the  system
will  develop    vector  meson  condensation  and  the
system will  be  spontaneously  spin-polarized  under   rota-
tion. Further investigation is required to compare the spin
polarization  with    vector  meson  condensation  and
the  spin  polarization  defined  by  the  condensation  of

 proposed in [44-47].

M(ω)

It should  be  noted  that  we  did  not  consider   inhomo-
geneous  rotation  and  subtle  boundary  conditions  in  this
study; for this first attempt, we chose a simplified scheme
to introduce the qualitative   relation, which is easily

M(ω)
M(ω)

estimated from the quark energy shift due to polarization
effects induced by rotation. We can consider a more self-
consistent  treatment  of    in  the  near  future.  Even
though  the    relation  is  simplified,  we  believe  that
this study is valuable, and, to the best of our knowledge,
this  is  the  first  result  for  meson  properties  in  a  rotating
background.  This  simplified  result  can  be  regarded  as  a
reference,  which  can  be  compared  with  future  results
from lattice calculations and other effective models. 
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APPENDIX A: THE POLARIZATION FUNCTION
UNDER ROTATION

Rotating  systems  are  not  translationally  invariant;
however, a Green's function and polarization function can
be defined in momentum space [22]. For the σ meson, the
scalar  polarization  function  under  rotation  is  defined  as
[38,39] 

Πs(q) = −i
∫

d4r̃Trs f c [iS (0; r̃)iS (r̃;0)]eiq·r̃ (A1)

r̃ (t, x,y,z)
(t,r,ϕ,z)

r̃′ = 0

where  position    can  be  expressed  as    in
Cartesian  coordinates  or    in cylindrical   coordin-
ates. Here, we have set   for the propagators. Substi-
tuting Eq. (4) into the definition of the polarization func-
tion, a derivation can be expressed in cylindrical coordin-
ates

Πs(q) =− iN f Nc

+∞∑
n=−∞

+∞∑
l=−∞

∫
d4r̃

∫
dk0dkz

(2π)2

∫ +∞

0

ktdkt

2π

∫
dp0dpz

(2π)2

∫ +∞

0

ptdpt

2π

×Tr(AnBl)×
e−ik0t+ikzzeinϕ[

k0+

(
n+

1
2

)
ω

]2

− k2
t − k2

z −M2+ iϵ

× eip0t−ipzze−ilϕ[
p0+

(
l+

1
2

)
ω

]2

− p2
t − p2

z −M2+ iϵ

× eiq·r̃, (A2)

where
 

An =


(k0+M+(n+ 1

2 )ω)Jn(ktr)Jn(0) 0 −kz Jn(ktr)Jn(0) ikt Jn(ktr)Jn+1(0)

0 (k0+M+(n+ 1
2 )ω)eiϕJn+1(ktr)Jn+1(0) −ieiϕkt Jn+1(ktr)Jn(0) kzeiϕJn+1(ktr)Jn+1(0)

kz Jn(ktr)Jn(0) −ikt Jn(ktr)Jn+1(0) −(k0−M+(n+ 1
2 )ω)Jn(ktr)Jn(0) 0

ieiϕkt Jn+1(ktr)Jn(0) −kzeiϕJn+1(ktr)Jn+1(0) 0 −(k0−M+(n+ 1
2 )ω)eiϕJn+1(ktr)Jn+1(0)

 ,

Bl =


(M+p0+(l+ 1

2 )ω)Jl(ptr)Jl(0) 0 −pz Jl(ptr)Jl(0) ipte−iϕJl+1(ptr)Jl(0)

0 (M+p0+(l+ 1
2 )ω)e−iϕJl+1(ptr)Jl+1(0) −ipt Jl(ptr)Jl+1(0) pze−iϕJl+1(ptr)Jl+1(0)

pz Jl(ptr)Jl(0) −ipte−iϕJl+1(ptr)Jl(0) −(−M+p0+(l+ 1
2 )ω)Jl(ptr)Jl(0) 0

ipt Jl(ptr)Jl+1(0) −pze−iϕJl+1(ptr)Jl+1(0) 0 −(−M+p0+(l+ 1
2 )ω)e−iϕJl+1(ptr)Jl+1(0)

 . (A3)

Trs f cHere, we provide a matrix form instead of the summation of the projection operators in Eq. (4). The term " " repres-
ents the evaluation of the trace on the spinor, flavor, and color space. After simplification calculations, we get
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Tr(AnBl) =
[
1
2

(2k0+2nω+ω)(2lω+2p0+ω)+2M2−2kz pz

]
Jl(0)Jn(0)Jn(ktr)Jl(ptr)

+

[
1
2

(2k0+2nω+ω)(2lω+2p0+ω)+2M2−2kz pz

]
Jl+1(0)Jn+1(0)Jn+1(ktr)Jl+1(ptr)

−2kt pt Jl+1(0)Jn+1(0)Jn(ktr)Jl(ptr)−2kt pt Jl(0)Jn(0)Jn+1(ktr)Jl+1(ptr). (A4)

n , 0 Jn(0) = 0 J0(0) = 1When  , it is clear that   and  . As a consequence, the result of the summation will have finite
terms.
 

Πs(q) =− i
∫

d4r̃Trs f c [S (0; r̃)S (r̃;0)]eiq·r̃ = −iN f Nc

∫
d4r̃

∫
dk0dkz

(2π)2

∫ +∞

0

ktdkt

2π

∫
dp0dpz

(2π)2

∫ +∞

0

ptdpt

2π

×


[
1
2

(2k0+ω)(2p0+ω)+2M2−2kz pz

]
× J0(ktr)J0(ptr)e−ik0t+ikzzeip0t−ipzz(k0+

1
2
ω

)2

− k2
t − k2

z −M2+ iϵ

 (p0+
1
2
ω

)2

− p2
t − p2

z −M2+ iϵ


+

[
1
2

(2k0−ω)(2p0−ω)+2M2−2kz pz

]
× J0(ktr)J0(ptr)e−ik0t+ikzzeip0t−ipzz(k0−

1
2
ω

)2

− k2
t − k2

z −M2+ iϵ

 (p0−
1
2
ω

)2

− p2
t − p2

z −M2+ iϵ


−2kt pt ×

J1(ktr)J1(ptr)e−ik0t+ikzzeip0t−ipzz(k0+
1
2
ω

)2

− k2
t − k2

z −M2+ iϵ

 (p0+
1
2
ω

)2

− p2
t − p2

z −M2+ iϵ



−2kt pt ×
J−1(ktr)J−1(ptr)e−ik0t+ikzzeip0t−ipzz(k0−

1
2
ω

)2

− k2
t − k2

z −M2+ iϵ

 (p0−
1
2
ω

)2

− p2
t − p2

z −M2+ iϵ




× eiq·r̃. (A5)

Applying the  integral  representation  of  the  Bessel   func-
tions, the  polarization  function  can  be  simplified.  In   in-
tegral representation, Bessel functions are expressed as 

Jn(r) =
1

2π

∫ +π

−π
ei(r sinθ−nθ)dθ,

J0(r) =
1

2π

∫ 2π

0
e±ir cosθdθ,

J1(r) =
1

2πi

∫ 2π

0
eir cosθ±iθdθ,

J1(r) = − 1
2πi

∫ 2π

0
e−ir cosθ±iθdθ. (A6)

k⃗t = (kt,ϕ+ θ) = (kx,ky), r⃗ = (r,ϕ) = (x,y)Let  ,  and  then

we have the transformation formulae 

∫ ∞

0

ktdkt

2π

∫ 2π

0

dθ
2πi

ikteiϕeiktr cosθ+iθ =

∫
dkxdky

(2π)2 (kx + iky)eik⃗t ·⃗r,

(A7)
 

∫ ∞

0

ktdkt

2π

∫ 2π

0

dθ
2πi

ikte−iϕe−iktr cosθ−iθ=

∫
dkxdky

(2π)2 (kx−iky)e−ik⃗t ·⃗r.

(A8)

After the transformation formulae are applied, the po-
larization  function  for  scalar  mesons  can  be  expressed
without  the  Bessel  function.  This  will  be  more  efficient
for numerical calculations. 
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Πs(q) =− iN f Nc

∫
d4r̃

∫
d4k

(2π)4

∫
d4 p

(2π)4

×


[
1
2

(2k0+ω)(2p0+ω)+2M2−2kz pz

]
× e−ik·r̃eip·r̃(k0+

1
2
ω

)2

− k⃗2−M2+ iϵ

 (p0+
1
2
ω

)2

− p⃗2−M2+ iϵ


+

[
1
2

(2k0−ω)(2p0−ω)+2M2−2kz pz

]
× e−ik·r̃eip·r̃(k0−

1
2
ω

)2

− k⃗2−M2+ iϵ

 (p0−
1
2
ω

)2

− p⃗2−M2+ iϵ


−2(kx + iky)(px − ipy)× e−ik·r̃eip·r̃(k0+

1
2
ω

)2

− k⃗2−M2+ iϵ

 (p0+
1
2
ω

)2

− p⃗2−M2+ iϵ


−2(kx + iky)(px − ipy)× e−ik·r̃eip·r̃(k0−

1
2
ω

)2

− k⃗2−M2+ iϵ

 (p0−
1
2
ω

)2

− p⃗2−M2+ iϵ


}× eiq·r̃.

(A9)
r̃Furthermore, by integrating   and k analytically, we can obtain the polarization function, as follows:

 

Πs(q) =− iN f Nc

∫
d4 p

(2π)4



[
2
(
p0+q0+

1
2
ω

)(
p0+

1
2
ω

)
+2M2−2(pz+qz)pz

]
−2

[
(px +qx)+ i(py+qy)

]
(px − ipy)(p0+q0+

1
2
ω

)2

− ( p⃗+ q⃗)2−M2+ iϵ

 (p0+
1
2
ω

)2

− p⃗2−M2+ iϵ


+

[
2
(
p0+q0−

1
2
ω

)(
p0−

1
2
ω

)
+2M2−2(pz+qz)pz

]
−2

[
(px +qx)+ i(py+qy)

]
(px − ipy)(p0+q0−

1
2
ω

)2

− ( p⃗+ q⃗)2−M2+ iϵ

 (p0−
1
2
ω

)2

− p⃗2−M2+ iϵ




. (A10)

Due to the symmetric integration analysis, the expression can be simplified, as follows:
 

Πs(q2) =−2iN f Nc

∫
d4 p

(2π)4



(
p0+q0+

1
2
ω

)(
p0+

1
2
ω

)
+M2− ( p⃗+ q⃗) p⃗(p0+q0+

1
2
ω

)2

− ( p⃗+ q⃗)2−M2

 (p0+
1
2
ω

)2

− p⃗2−M2


+

(
p0+q0−

1
2
ω

)(
p0−

1
2
ω

)
+M2− ( p⃗+ q⃗) p⃗(p0+q0−

1
2
ω

)2

− (p⃗+ q⃗)2−M2

 (p0−
1
2
ω

)2

− p⃗2−M2




. (A11)

For the finite temperature formalism,
 

p0→ iω̃N , q0→ iνn,

∫
p0

2π
→ iT

∑
N

, ω̃N = (2N +1)πT. (A12)

The polarization function at a finite temperature and chemical potential under rotation can be rewritten as
 

Mass splitting of vector mesons and spontaneous spin polarization under rotation Chin. Phys. C 46, 024102 (2022)

024102-11



Πs(q⃗, iνn) = 2N f NcT
∑
s=±

∑
N

∫
d3 p⃗

(2π)3

[
(iω̃N + iνn)+

1
2

sω+µ
](

iω̃N +
1
2

sω+µ
)
+M2− ( p⃗+ q⃗) · p⃗(iω̃N + iνn+

1
2

sω+µ
)2

− ( p⃗+ q⃗)2−M2

 (iω̃N +
1
2

sω+µ
)2

− p⃗2−M2


. (A13)

q⃗ = 0Setting  , the Matsubara summation will give us a result in terms of the residue theorem.
 

Πs(0, iνn) =N f Nc

∑
s=±

∫
d3 p⃗

(2π)3

[
Res1( p⃗, νn)θ

(
−µ− sω

2
+Ep

)
n f

(
Ep−µ−

sω
2
,T

)
+Res3( p⃗, νn)θ

(
−µ− sω

2
+Ep

)
n f

(
Ep−µ−

sω
2
,T

)
−Res1( p⃗, νn)θ

(
µ+

sω
2
−Ep

)
n f

(
−Ep+µ+

sω
2
,T

)
−Res2( p⃗, νn)n f

(
Ep+µ+

sω
2
,T

)
−Res3( p⃗, νn)θ

(
µ+

sω
2
−Ep

)
n f

(
−Ep+µ+

sω
2
,T

)
−Res4( p⃗, νn)n f

(
Ep+µ+

sω
2
,T

)
+Res1( p⃗, νn)θ

(
µ+

sω
2
−Ep

)
+Res3( p⃗, νn)θ

(
µ+

sω
2
−Ep

)
−Res1

(
p⃗, νn

)−Res3
(
p⃗, νn

) ]
, (A14)

n f (x,T ) =
1

ex/T +1
where   is the distribution function, and four residues are given, as follows:
 

Res1( p⃗, νn) =
−iνnEp+E2

p+M2− p⃗2

Ep

(
−ν2

n −2iνnEp

) , Res2( p⃗, νn) =
−iνnEp−E2

p−M2+ p⃗2

Ep

(
−ν2

n +2iνnEp

) ,

Res3( p⃗, νn) =
+iνnEp+E2

p+M2− p⃗2

Ep

(
−ν2

n +2iνnEp

) , Res4( p⃗, νn) =
iνnEp−E2

p−M2+ p⃗2

Ep

(
−ν2

n −2iνnEp

) . (A15)

Ep =
√

p2+M2We should note that  , and the quark mass M is a function of angular velocity ω. For a psuadoscalar
meson, the finite temperature version of the polarization function is
 

Πps(q⃗, iνn) = −4N f NcT
∑
s=±

∑
N

∫
d3 p⃗

(2π)3

[
(iω̃N + iνn)+

1
2

sω+µ
] [

iω̃N +
1
2

sω+µ
]
−M2− ( p⃗+ q⃗) · p⃗(iω̃N + iνn+

1
2

sω+µ
)2

− ( p⃗+ q⃗)2−M2

 (iω̃N +
1
2

sω+µ
)2

− p⃗2−M2


. (A16)

q⃗ = 0Seting  , the Matsubara summation gives
 

Πps(0, iνn) =N f Nc

∑
s=±

∫
d3 p⃗

(2π)3

[
Res1′(p⃗, νn)θ

(
−µ− sω

2
+Ep

)
n f

(
Ep−µ−

sω
2
,T

)
+Res3′( p⃗, νn)θ

(
−µ− sω

2
+Ep

)
n f

(
Ep−µ−

sω
2
,T

)
−Res1′( p⃗, νn)θ

(
µ+

sω
2
−Ep

)
n f

(
−Ep+µ+

sω
2
,T

)
−Res2′( p⃗, νn)n f

(
Ep+µ+

sω
2
,T

)
−Res3′( p⃗, νn)θ

(
µ+

sω
2
−Ep

)
n f

(
−Ep+µ+

sω
2
,T

)
−Res4′( p⃗, νn)n f

(
Ep+µ+

sω
2
,T

)
+Res1′( p⃗, νn)θ

(
µ+

sω
2
−Ep

)
+Res3′(p⃗, νn)θ

(
µ+

sω
2
−Ep

)
−Res1′( p⃗, νn)−Res3′( p⃗, νn)

]
, (A17)
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where
 

Res1′(p⃗, νn) =
iνnEp+E2

p+M2+ p⃗2

Ep

(
−ν2

n −2iνnEp

) , Res2′( p⃗, νn) =
iνnEp+E2

p−M2− p⃗2

Ep

(
−ν2

n +2iνnEp

) ,

Res3′(p⃗, νn) =
−iνnEp−E2

p+M2+ p⃗2

Ep

(
−ν2

n +2iνnEp

) , Res4′( p⃗, νn) =
−iνnEp+E2

p−M2− p⃗2

Ep

(
−ν2

n −2iνnEp

) . (A18)

 

APPENDIX B: THE POLARIZATION FUNCTION
FOR VECTOR MESONS UNDER ROTATION

For  a  ρ meson,  the  polarization  function  with  a  one
loop contribution can be expressed as
 

Πµν,ab = −i
∫

d4r̃Trs f c

[
iγµτaS (0; r̃)iγντbS (r̃;0)

]
eiq·r̃. (B1)

Using  the  approach  introduced  in  Appendix  A,  it  is

clear that the charge of the ρ meson will make no differ-
ence  with  the  polarization  function  under  rotation.  We
can obtain the nonzero elements of the matrix 

Π
µν
ρ =


0 0 0 0
0 Π11 Π12 0
0 Π21 Π22 0
0 0 0 Π33

 . (B2)

q⃗ = 0
Using the same method in Appendix A and by setting
, we can obtain the nonzero elements

Π11(q0)x =N f Nc

∫
d4 p

(2π)4

×

−
2M2−2

(
p0+

ω

2

) (
p0+q0−

ω

2

)
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y +2p2

z[(
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ω

2

)2
− p⃗2−M2

] [(
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ω

2

)2
− p⃗2−M2

] − 2M2−2
(
p0−

ω

2

) (
p0+q0+

ω

2

)
−2p2

x +2p2
y +2p2

z[(
p0−

ω

2

)2
− p⃗2−M2

] [(
p0+q0+

ω

2

)2
− p⃗2−M2

]
 ,

(B3) 

Π12(q0) =− iN f Nc

∫
d4 p

(2π)4

×


2M2−2

(
p0+

ω

2

) (
p0+q0−

ω

2
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−2p2

x +2p2
y +2p2

z[(
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ω
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] [(
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) (
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2

)
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z[(
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ω

2

)2
− p⃗2−M2

] [(
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ω

2

)2
− p⃗2−M2

]
 ,
(B4)

 

Π21(q0) =iN f Nc

∫
d4 p

(2π)4

×
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) (
p0+q0−

ω

2

)
+2p2

x −2p2
y +2p2

z[(
p0+

ω

2

)2
− p⃗2−M2

] [(
p0+q0−

ω

2

)2
− p⃗2−M2

] − 2M2−2
(
p0−

ω

2

) (
p0+q0+

ω

2

)
+2p2

x −2p2
y +2p2

z[(
p0−

ω

2

)2
− p⃗2−M2

] [(
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ω
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]
 ,
(B5)

 

Π22(q0) =−N f Nc

∫
d4 p

(2π)4

×


2M2−2

(
p0+

ω

2

) (
p0+q0−
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]
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(B6)
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Π33(q0) =−N f Nc

∫
d4 p

(2π)4

×


2M2−2

(
p0−

ω

2

) (
p0+q0−

ω

2

)
+2p2

x +2p2
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z[(
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] [(
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(
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) (
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]
 .
(B7)

We rewrite the relation in Eq. (20).
 

A2
1 = −(Π11− iΠ12), (sz = −1 for ρ meson ), A2

2 = −Π11− iΠ12, (sz = +1 for ρ meson ), A2
3 = −Π33, (sz = 0 for ρ meson ).

(B8)

The explicit form of the coefficients can be given by
 

A2
1(q0) = 2N f Nc

∫
d4 p

(2π)4

2M2−2
(
p0+

ω

2

) (
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] , (B9)

 

A2
2(q0) = 2N f Nc

∫
d4 p

(2π)4
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(
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ω
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) (
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ω

2
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2

)2
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] , (B10)

 

A2
3(q0) =N f Nc

∫
d4 p

(2π)4
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(
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) (
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)2
− p⃗2−M2

]

+
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(
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) (
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)
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]
 . (B11)

Now, it is clear that
 

1
2

A2
1(mρ+ω)+

1
2

A2
2(mρ−ω) = A2

3(mρ). (B12)
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