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RESUMO

VARTULI R. A. S.. Termodinamica e estrutura de fases de uma teoria de multicampos
escalares na presenca de temperatura e potencial quimico. 2011. 103 f. Tese (Doutorado
em Fisica) — Instituto de Fisica Armando Dias Tavares, Universidade do Estado do Rio
de Janeiro, Rio de Janeiro, 2011.

A possibilidade de que simetrias possam ser quebradas (ou permanecerem quebra-
das) em altas temperaturas nao é nova. Este fenomeno, usualmente chamada de quebra
inversa de simetria (ISB em inglés), ou nao- restauragao de simetria (SNR), foi primeira-
mente proposto em 1974, por Weinberg, onde foi considerada a andlise da aproximacao de
um lago para o potencial efetivo para um modelo de dois campos escalares interagentes.
ISB ou SNR é uma consequéncia direta que em teorias com dois ou mais campos, as cons-
tantes de acoplamentos entre os campos podem receber valores negativos, permanecendo
o potencial ainda limitado por baixo. Sob estas circunstancias, os efeitos de quebra de
simetria podem ser acentuados em altas temperatura, uma vez que efeitos térmicos sao
levados em conta. No entanto, a expansao perturbativa pode quebrar a altas tempera-
turas ou densidades quando as poténcias das constantes de acoplamento sao suplantadas
pelas poténcias da temperatura. Desta forma, ISB ou SNR poderia ser apenas uma con-
sequéncia da teoria de perturbacao. Uma forma alternativa para tratar deste problema
é fazer uso do método nao perturbativo da teoria de perturbacao otimizada, TPO, que
envolve a modificacao da teoria de perturbacao convencional junto com um procedimento
de otimizacao, o principio de sensitividade minima, PSM, que fixa os parametros variacio-
nais auxiliares introduzidos pela TPO. Nesta tese, nés investigamos os fenomenos de ISB
e SNR, levando-se em conta efeitos de temperatura e densidade finitas em ambos os caso,
perturbativo e nao- perturbativo. Para o caso perturbativo, calculamos o potencial efetivo
a um lago e, por meio dele, obtemos expressoes para os valores esperados no vacuo para
os campos escalares considerados no modelo. Apds sumarizarmos o método da TPO, nds
o utilizamos para calcular as correcoes para massa térmica até a segunda ordem obtendo
nossos resultados para os diferentes aspectos de simetria para esta teoria multi escalar.
Comparamos os resultados obtidos para os casos perturbativo e nao perturbativo bem
como com outros resultados existentes na literatura obtidos por diferentes métodos.

Palavras-chave: Simetria quebrada. Teoria quantica de campos. Perturbagao. Potencial

quimico.



ABSTRACT

VARTULI R. A. S.. Themodynamics and phase structure of a multiscalars fields theory
in the presence of temperature and chemical potential. 2011. 103 f. Tese (Doutorado em
Fisica) — Instituto de Fisica Armando Dias Tavares, Universidade do Estado do Rio de

Janeiro, Rio de Janeiro, 2011.

The possibility that symmetries may be broken (or remain broken) at high tempe-
ratures is not new. This phenomenon is usually called inverse symmetry breaking (ISB)
or symmetry nonrestoration (SNR) and, it was proposed initially for Weinberg, in 1974,
studing a model with two interacting scalarfields infinite temperature. He shows that ISB
or SNR is a direct consequence that in two or multifield theories some of the coupling
constants betweenfields can be negative while the model is still bounded from below. In
1981, Benson, Bernstein e Dodelson show that ISB or SNR would be found in a model
with a complex scalarfield. This happens because in complex scalarsfields model, there
are the presence of a conseved charge. In this case, effects of density must be considered
and, this effects inducing the emergence of ISB or SNR. Our porpose consist in investigate
the phenomenon of inverse symetry brake or symetry non restauration to a model with
two interacting complex scalar fields. In a first step, we calculate the one loop aproxima-
tion for the effective potential. In the second step, we use the non perturbative approach
called OPT, optimized perturbation theory, to calculate the thermal mass up to second
order in the expansion. The justification to use a non perturbative approach is that the
pertubative expansion can breake down in high temperature. The results obtained for the
perturbative case and the non perturbative case are compared and we will show that the
results strongly supporting inverse symmetry breaking (or symmetry nonrestoration).

Keywords: Symetry brake. Quantum field theory. Perturbation. Chemical Potential.
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INTRODUCAO

A unido de duas das mais bem sucedidas teorias em fisica, a saber, mecanica
quantica e fisica estatistica, trouxe explicacoes satisfatérias para uma grande gama de
fenomenos fisicos de interesse no passado como, por exemplo, a radiacao de corpo negro e
as transigoes de fases. Posteriormente este conceito foi extendido para teorias de campos
nao-relativisticas em temperatura e densidades finitas, nos anos 50, por Matsubara [1] no
contexto de fisica da matéria condensada. Em meados dos anos 60, Fradkin [2] generalizou
para englobar teorias de campos relativisticas. Apos ter permanecido adormecida por al-
guns anos, teorias de campos a temperatura finita foram redescobertas e sistematicamente
desenvolvidas nas dltimas décadas como pode ser visto, por exemplo em [3].

Atualmente, teorias quanticas de campos em temperatura e densidades finitas
provém o aparato tedrico para descrever fisica em ambientes extremos como por exemplo
a fase desconfinada dos quarks e gluons (chamada de plasma quark-gluon), que acredita-
se ter ocorrido no universo primordial e em estudo atualmente no laboratério, atravéz
de colisoes relativisticas de fons pesados, bem como supercondutividade colorida! na fase
CFL (do Inglés, ”color-flavor-locked” ou cor-sabor-fixos) em densidades muito altas, que
pode ser observado em objetos astrofisicos de grande interesse como, por exemplo, estrelas
de neutrons.

Entretanto, teorias quantica de campos, em particular, teorias de calibre, via de
regra, apresentam um grande grau de complexidade o que requer o uso de uma série
de esquemas de aproximacao para que se obtenha uma solugao para a teoria. Um dos
esquemas, baseado em teoria de perturbacao, consiste numa expansao de um parametro
da teoria, como por exemplo, a constante de acoplamento, desprezando-se os termos de
ordem mais alta na expansao. Um exemplo de sucesso da aplicacao deste método obtido
na Eletrodrinamica Quantica para a obtenc¢ao do fator g de Lande do elétron, relacionado
ao momento magnético orbital e de spin, onde se obteve seu valor com uma precisao de
1 parte em 10°. Enquanto que a teoria de perturbacao obteve sucesso nesta e em outras
areas, hé inimeros casos onde a expansao do parametro nao é pequena e as contribuigoes
de ordem mais alta tornam-se significativas. Neste contexto, o método perturbativo nao
¢ mais aplicavel, pois neste caso teoria de perturbacao nao produzirda uma sequéncia
convergente, dando-nos na melhor das hipdteses, uma sequéncia assintética, e os setores

fortemente interagentes da teoria permanecem fora de nosso entendimento.

I Supercondutividade colorida é um fendmeno que é previsto ocorrer em matéria de quarks se a densidade
de bérions é suficientemente alta (bem acima da densidade nuclear) e a temperatura ndao é demasiada-
mente alta (bem abaixo de 10'? kelvins). Fases de supercondutividade colorida sdo contrastantes com
a fase normal da matéria de quark, a qual é s6 um liquido de Fermi de quarks com interagoes fracas
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Um exemplo de grande interesse em fisica, onde a teoria de perturbacao pode nao
fornecer uma descricao satisfatéria, consiste na descricao de transicoes de fase em geral.
Transicoes de fase podem ocorrer quando um parametro externo ao sistema, tal como
variagoes de temperatura, densidade, campos externos (magnético e elétrico), etc causam
uma mudanca no estado de simetria do sistema. Tipicamente, esperamos que transigoes
de fase estejam relacionadas com fendmenos envolvendo quebras espontaneas de simetria
(lembrando que uma quebra espontéanea de simetria sempre ocorre quando a Hamiltoniana
de um dado sistema, seja ele classico ou quantico, possui uma simetria definida mas o
estado fundamental, ou de vécuo, do sistema nao manifesta essa simetria).

Os fenomenos mais usuais de transicoes de fase envolvendo quebras espontaneas
de simetria sao aqueles onde o sistema passa de um estado menos simétrico para um es-
tado mais simétrico, a medida que se aumenta por exemplo a temperatura. Entretanto, a
possibilidade de que haja fenomenos onde simetrias podem ser quebradas a altas tempera-
turas, ou também a possibilidade de permanecerem quebradas mesmo quando se aumenta
a temperatura, fenomenos esses mais comumente chamados de quebra inversa de simetria
(em inglés ISB) ou nao-restauracao de simetria (SNR) sao de grande interesse. Fenomenos
desses tipos em teoria de campos foram primeiramente propostos por Weinberg [5] em
1974, ao trabalhar em um modelo com dois campos escalares interagentes a temperatura
finita. ISB ou SNR ¢é uma consequéncia direta do fato que em uma teoria de multicampos
algumas das constantes de acoplamento entre os campos podem ser negativas, permane-
cendo ainda o modelo limitado por baixo. Este pode ser o caso em alguma extensao do
modelo padrao com um grande setor composto de campos escalares interagentes. Sob
estas condigoes, efeitos de quebra de simetria podem ser acentuados a altas temperaturas,
onde efeitos térmicos sao levados em conta no modelo.

Tanto no estudo de transicoes de fase em geral, como também naqueles casos
incluindo os fenomenos de ISB e SNR, pode ocorrer situacoes em que ha regimes de
parametros onde poténcia das constantes de acoplamento sao superadas pelas poténcias
na temperatura, ou devido ao aparecimento de divergéncias de infravermelho préoximas
a pontos criticos nessas teorias de campos exibindo transigoes de fase [4,6]. Nessas cir-
cunstancias, esperamos que o uso de teoria de perturbacao perca a validade e métodos
nao-perturbativos sejam necessarios para uma completa descricao de transicoes de fase
nesses sistemas. Além do mais, as condigoes de vinculo sobre as constantes de aco-
plamento, que podem ser importantes para a observacao de ISB ou SNR, usualmente
requerem grandes valores para os acoplamentos. Nesses casos as correcoes de lago de
mais alta ordem podem também se tornar importantes e mudar drasticamente a regiao de
parametros do modelo (em termos das constantes de acoplamento e massa) para ISB ou
SNR. Uma vez que no estudo original sobre ISB e SNR, feito por Weinberg foi baseado
numa aproximagao perturbativa em ordem mais baixa, ha a possibilidade de que ISB/SNR

sejam apenas artefatos da simples aproximacao utilizada e que a consideracao de termos
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de mais alta ordem e inclusao de efeitos nao-perturbativos, possam mudar a situagao com
respeito a esses fenomenos envolvendo quebras de simetria e transigoes de fase. Muitos
esforgos, usando-se diferentes métodos, ja foram realizados na tentativa de se encontrar
uma resposta satisfatéria para este problema embora os resultados obtidos tenham sido,
até entao, um tanto quanto controversos. Por exemplo, os fenomenos foram estudados
usando-se grupos de renormalizagao de Wilson [7], onde levou-se em conta uma varredura
das constantes de acoplamento (dependentes da temperatura), mostrando que de fato a
intensidade de todos os acoplamentos aumentam da mesma forma com a temperatura.
Esta andlise mostra que uma vez que os acoplamentos sao fixados em alguma escala (de
temperatura), assim como ocorre em ISB/SNR, nao pode ser revertido em temperaturas
mais altas. Ramos e Pinto [8] também trataram do problema nao perturbativamente, le-
vando em conta as trabalhosas contribui¢oes de dois loops. Os resultados obtidos em [8]
estao em boa concordancia com aqueles obtidos por meio do método do grupo de renor-
maliza¢ao mostrados no trabalho da referéncia [7] e, além do mais, também dao suporte a
possibilidade da ocorréncia de ISB/SNR em modelos multiescalares relativisticos em tem-
peraturas extremamente altas, onde a teoria de perturbagao padrao é esperada quebrar,
de acordo com a discussao acima. Apesar destes sucessos, outros autores, por meio de
outros métodos, nado deram suporte a existéncia de ISB/SNR. Este é o caso de Bimonte
e colaboradores [9], que fizeram uso de simula¢ao de Monte Carlo.

Desde a sua proposta, o mecanismo de ISB/SNR encontrou uma grande varie-
dade de aplicagoes. Por exemplo em cosmologia, onde foi implementado em modelos
realisticos, suas consequéncias foram exploradas em conexao com transicoes de fases em
altas temperaturas no universo primordial, com aplica¢oes cobrindo problemas envolvendo
violagao CP? (carga paridade) e bariogénesis, formagao de defeitos topolégicos, inflagao,
etc. Muitas aplicagoes sao listadas na referéncia [10], que nos dd uma introdugao sobre
o assunto discutindo outros contextos onde ISB/SNR podem tomar lugar em conexao
com cosmologia e fisica da matéria condensada. Destes resultados interessantes da teoria
quantica de campos a temperatura finita, surgem questoes a cerca da possibilidade de sua
manifestacao em sistemas de matéria condensada, que podem ser descritos por meio de
teorias de campos escalares nao relativisticos, por exemplo na construcao fenomenologica
de potenciais de Landau-Ginzburg, ou no estudo de gases de Bose por meio de atomos
frios.

O objetivo desta tese consiste em estudar o aparecimento de ISB e SNR em mode-
los multi escalares em temperatura e densidade finitas (na presenca de potenciais quimicos

devido a cargas conservadas). Para atingirmos este objetivo, faremos uso do método néo-

2 A violacdo carga-paridade, com o uso em teorias que pretendem explicar a assimetria entre a materia
e anti-matéria.
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perturbativo conhecido como TPO (Teoria de Perturbac¢ao Otimizada), também chamada
de expansao delta linear [11,12]. Este método mostrou ser 1til em muitas reas de teoria
de campos, oferecendo um método sistematico para se extrair informacgoes das regioes for-
temente interagentes, ou seja, naqueles casos onde teoria de perturbacao nao se aplica ou
em que ela pode produzir resultados nao confidaveis. A caracteristica basica da TPO con-
siste num esquema de otimizacao onde a acao é separada artificialmente nas partes livre e
interagente sem recorrer ao uso natural de constantes de acoplamentos como parametros
de expansao. Por meio da TPO, a divisao da agao nas diferentes partes é realizada por
meio de parametros auxiliares os quais sao entao ajustados em cada ordem sucessiva de
expansao, nos termos considerados interacao, de acordo com algum principio variacional
bem definido e consistente para otimizar a expansao.

A presente tese encontra-se dividida do seguinte modo: no capitulo 2, apresentamos
uma revisao de teoria quantica de campos em temperatura finita, fornecendo os conceitos
basicos e ferramentas que serao utilizadas em nosso estudo nos capitulos seguintes. No
capitulo 3 investigamos como a presenca de carga pode alterar os aspectos de simetria
de uma teoria multiescalar, a qual tomaremos como sendo um modelo descrito por dois
campos escalares complexos auto interagentes e interacao entre eles. A termodinamica
desse modelo é realizada por meio do estudo do potencial efetivo calculado ao nivel da
aproximacao de um laco no regime de potencial quimico finito e altas temperaturas. Ja
nesse modelo nessa aproximacao mais simples, descreveremos como os fenomenos de ISB
e SNR podem ocorrer.

No capitulo 4 mostramos em detalhes a natureza precisa da quebra da teoria de
perturbacgao e apresentamos um breve sumério da TPO, indicando como esta pode ser
utilizada como método alternativo, nao perturbativo, para solucao de problemas onde
teoria de perturbacao nao se aplica.

No capitulo 5 aplicamos a TPO para obtencao das corregoes envolvendo tempera-
tura e potencial quimico para as massas efetivas no modelo de dois campos escalares com-
plexos descritos no capitulo 3. Mostraremos por meio desse calculo, como os fenomenos
de ISB e SNR podem se manifestar mesmo num célculo de natureza nao perturbativa.

No capitulo 6, expomos nossas conclusoes finais e possibilidades de trabalhos fu-
turos. Em dois apéndices mostramos também alguns dos detalhes envolvendo nossos

calculos.
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1 TEORIA QUANTICA DE CAMPOS TERMICA

Neste capitulo, apresentaremos a construgao tedrica necessaria para efetuarmos
calculos de teorias quanticas de campos em temperatura finita. Na secao 2, mostraremos
como calcular amplitudes de transicao para bosons e, em especial, a forma do propagador
em temepratura finita. Na secao 3, mostraremos como calcular a massa térmica e potencial
efetivo para o campo escalar neutro para teoria A¢*. Na secdao 4, calculamos a massa

térmica e o potencial efetivo para o campo escalar carregado.

1.1 Amplitudes de transicao para bosons

Consideremos um operador de campo escalar qZ;(x) com autoestados representados
por |¢) na representacao de Schrodinger. A dinamica deste operador de campo bosénico
é governada pelo operador Hamiltoniano H. Como objetivo inicial, desejamos derivar
amplitude de transicao deste operador de campo. Dado um estado inicial no instante de
tempo t, a evolucao desse estado para um instante de tempo posterior ¢’ é descrito por
um operador de evolugao temporal que leva o estado inicial |¢) para o estado i (t=t) o) .
Para calcularmos a transigao de amplitude entre este estado evoluido e um estado |¢'),
podemos dividir o intervalo [t, '] em n sub intervalos iguais de duragao 6t =t —¢'/ (n+ 1)
e inserimos um conjunto completo de auto estados do operador do campo em tempos

ty,ts...t,. Assim, a amplitude de transicao é escrita como:

e—z‘ﬁl(t—t’)

0) . 1)

<¢, ¢> - nlgglo (/ﬁd¢z <¢¢+1 ‘e_iﬁdt ¢Z>> <¢1 ‘e—iﬁét
=1

com |¢;11) = |¢') . O Hamiltoniano transporta em si informagoes sobre o comportamento
dinamico do sistema de modo que ele serd um funcional do campo e de seus momentos

conjugados,

H= / PrH (&, w) , (2)

onde H é a densidade Hamiltoniana como funcao do campo QAS e momento conjugado T
e tH(t=t")

. Assim, para calcular os elementos da matriz <¢’ gz5> inserimos um conjunto

completo de estados |m;) do operador momento conjugado 7, que nos da
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—iH (t—t")

e

¥

6y = [ ol (ml e 16s) ®)

Fazendo 6t — 0, podemos expandir a exponencial na expressao (3) da seguinte

forma

(m 0 |0) ~ (| (1 iHdt) [6.)
= (1 —iH;0t) (mi|¢) - (4)

Fazendo uso da relagao

0l7) =exp |i [ 0 07 (0] 5)

e inserindo o resultado acima em (3) nds encontramos a seguinte expresao para a amplitude

6) = lim ( / f[d@(@-H]em& ¢>>
=1

=it 35 [ dPalH(my ;)= (01 -0,)/51
]: .

de transicao,

—iH (t—t")

W

(&

X e

Tomando o limite em que dt — 0, obtemos o resultado

—iH (t—t")

(#] o)) -

—i d dt" [ d3x|m(x,t” é’(b(x,’,t”)fHﬂx,t”7 x,t"’
/[dd)][dﬂe ) [( ) 2L ("), b (x")) ™

com ¢ (x,t) = ¢ (x) e ¢ (x,t') = ¢ (x), sendo estes os limites sobre a integragao funcional
de [d¢]. Com este resultado, estamos aptos a determinar uma expressao para a fungao de

particao para bdsons no ensemble canonico, via integrais funcionais,

2= Trexp |5 = [ dofo]e %)), (®)

onde § = % é o inverso da temperatura em unidades onde a constante de Boltzmann é
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igual a 1 e o trago é feito somando sobre todos auto estados de H. Notamos pela estrutura
formal da equagao (8) uma forte semelhanga com a transigdo de amplitude calculada em
(6). A conexao entre os dois pode ser feita através da continuacao analitica da fungao de

particao para tempo imaginario via a defini¢ao

e identificamos 5 = 7" — 7. Assim,

7 - / dr] / 1do) exp i ir / P <—w%—ﬁ(w,¢)) | (10)

periddico

onde o subscrito “periddico” sobre a integragao funcional [d¢] indica que estamos vin-
culando a integracao sobre todas as configuracoes de campos em tempo imaginario onde
hé periodicidade, ou seja, ¢ (x,0) = ¢ (x, 5). Esta periodicidade dos campos nos permite
deslocar o intervalo de integracao em 7 para [0, 5] na exponencial.

Consideremos agora, a densidade Hamiltoniana da forma

-1 1 1
H=om'+ 5 (Vo) + om** + V (). (11)

Inserimos (11) em (10), obtemos a expressao

B

Z = / dr] / [dg] exp / ar / i @% o (V0P - o’V <¢>) ,

periddico 0
que apos efetuarmos a integracao sobre os momentos conjugados 7, torna-se

7 = <¢‘e_ﬂﬁ‘¢> - N/[dgb] exp (— /OB dT/d%ﬁE (c;S)), (13)

onde N é alguma constante de normalizacao que pode ser considerada como 1 sem perda

de generalidade e L éa densidade de Lagrangiana euclideana, dada por
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Co0) =5 (52) +35(Vor + e 4V (o) (1)

A fungao de partigao em (13) fica entao dado por

2(9) = [ ldolexp 55 (9)). (15

onde a acgao euclideana é dada por

Sp (8) = / deLy (9)., (16)

T

com

/d“x:/oﬁdf/d?’x. (17)

1.1.1 O Propagador de um campo escalar em temperatura finita

Como sabemos, em mecanica quantica, particulas sao criadas através de uma fonte,
interagem e sao posteriormente destruidas em uma fonte. Assim, é conveniente que pos-
samos escrever uma expressao para a funcao de particao na presenca de fontes. Para isso,

fazemos a seguinte transformacao na densidade de Lagrangiana,

L— L+ Jx)p(x).

Em analogia direta com o caso de temperatura zero, escrevemos o gerador funcional

Z(B,J) com Z (8) = Z(B8,J =0)

Z(8,7) = / dd)exp | ~Si (8) + / Do (@)o() | (18)

T

Diferenciando funcionalmente (18) obtemos o propagador em tempo imaginirio e em

temperatura diferente de zero,
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1 2zB,J) 1
Z(B)6J(x1)0J (x2) — Z(B)

/ 1d6] 61 (2) ()57, (19)

com ¢ = (1) e pg = P(x2). E facil notar que o propagador pode ser identificado como

a média térmica do produto dos operadores de ordenacao temporal:

<T (él@) > = %TT [6_(6ﬁ)T <<51<£2>} ) (20)

onde ¢ é o operador no quadro representacao de Heisenberg:

b (—im,x1) = 17 (0,%;) e A (21)

Para tempo imaginario, o operador de ordenacao temporal é definido da forma:

T[Qg(_iﬁ,xl)ﬁg(_iﬁ,xﬁ = ng(—iTl,Xl)Qg(—iTmXQ), T1 > To,

= é(_iTz,Xz)Qg(—iTl,Xl)a Ty > T1, (22)

Considerando o caso em que 71 > 7o temos

Z(B)(T (¢1¢2>> /¢<¢‘ (B=H (0, %,) e~ (0, x5) e~ 1™

). (23)

Inserindo conjuntos completos nos tempos 77 e 75, obtemos

Z(OVT (é162))a = [ dodondonto | 1) i0n e ™| am)(oa]e ™| 0). (20

Se continuarmos a inserir conjuntos completos para os tempos dos estados intermedidrios
do mesmo modo como calculamos a integral de trajetéria, poderemos assegurar a equi-
valéncia desta média térmica com o propagador da equagao (19). Usamos entao esta de-
finigdo com a finalidade de determinar uma expressao para a fungao A(x) que é periédica

em tempo imaginério,

A(w) = (T (~iT,x) $ (0))s - (25)
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Basta-nos agora utilizar a propriedade de ciclicidade do trago na equagao (20) para mos-
trar a importante propriedade satisfeita pelo propagador térmico de um campo escalar,
A(T — 8,x) = A(7,x), expressao essa conhecida com a identidade de Kubo-Martin-
Schwinger (KMS).

Considerando a densidade de Lagrangiana para um campo escalar livre, dada por

1

£0)= 5 0,0 + ym*d?, (26)

neste caso, o gerador funcional torna-se
— [ d*e(5(0u9)*+5m?¢? I (2)(x)
Ze(B,J) = /[d¢]e Jd'a(3(0u0)+3 )

— [ d'a(Lo(@)[- 25— 1924 Lm2 | g(2)—J (2) 6(=)
- /[dcﬁ]ecf (e =vteie] ) (27)

)

onde o subscrito F' indica que estamos tratando do caso com campos livres. Podemos

efetuar a integracao funcional sobre ¢(z) para obter

26 (5.9) = 2050 =0) = [dd)esp { =3 [diadty UK ) s)y . (29

T

com K (x,y) satisfazendo a equagao

—8—2 - lvz + 1m2 K(z,y) =6W (x —y) (29)
otz 2 2 ’ ’

onde z = (7,x) e y = (7,y). Combinando a Eq. (19), a Eq. (27) e a definigdo (25),
estamos aptos para declarar a equivaléncia entre K e Ag (o propagador livre),

K(z,y) = Ap(z —y), (30)

com a provisao adicional de que A é periddico em tempo imaginario, com periodo 3, de

acordo com a relagao de KMS definida pela Eq. (25).
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1.1.2 O Propagador de Matsubara

Definimos a transformada de Fourier para o propagador Ag(x) em tempo ima-

ginério na Eq. (25) através de

B
Ap(iw,, k) = /dreiw” / dBxe " *Ap(x), (31)
0
com a transformacao inversa dada por

Ap(x) = TZ e~ T / ((;TX)?)eik'xAF(iwn, k). (32)

Uma vez que Ap(z) é periédico em 7, a transformada de Fourier em 7 é tomada

num intervalo finito [0, f], e as frequéncias w,, recebem valores discretos,

(33)

sendo estas frequéncias conhecidas como frequéncias de Matsubara. Resolvendo a equacao

(29) com Ap(x —y) no lugar de K(z,y) no espaco de Fourier dd-nos obtemos:

(w2 + wp) Ap(iw, k) =1, (34)
onde
wp = (K +m?)'"?. (35)

Da equagao (34), obtemos o propagador de Matsubara como sendo

1

(36)

Uma quantidade muito 1til em teoria de campos térmica, especialmente quando
desejamos efetuar a somas sobre as frequéncias de Matsubara, como de fato faremos
nos célculos subsequentes, consiste na representacao mista Ap(7,k) do propagador. Isto

requer que facamos a transformacao de Fourier apenas na varidvel de tempo imaginario,
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o que nos da o resultado

Ap(rk) = TY e ™7 Ap(iw,, k)

1
= 5o [0+ m)e = 4] (37)

onde

1

ng = —————
k 6’8“”@’—1’

(38)
é a funcao de distribuigao de Bose-Einstein. O propagador de Matsubara pode ser reobtido
por se efetuar a transformacao de Fourier do propagador misto com respeito a variavel de

tempo de Matsubara 7:
B

Ap(isn, k) = / dren Ap(r, K) . (39)
0

1.2 O Campo Escalar Neutro

Nesta secao aplicaremos o formalismo apresentado na secao anterior ao campo
escalar neutro com o objetivo de calcular as correcoes de primeira ordem para a auto-
energia para um modelo com auto-interacao na teoria A\¢*. Estes cdlculos nos permitirao
entender o formalismo necessario para efetuarmos mais para frente a tarefa muito mais
complicada, que consiste em calcular as correcoes de segunda ordem para a auto-energia
para um modelo com dois campos escalares carregados. Consideremos um campo escalar

tendo a seguinte densidade de Lagrangiana

1

L(6)= 5 (00 — m'd” ~V (), (10)

onde m é a massa da particula representada pelo campo e a interagao é contida em V' (¢) .

Procedendo por meio da forma Lagrangiana da integral de trajetoria, nés chegamos em

2 6) = [lslexp |~ [ s (5 @00+ gt + v 0)) | (a1

T
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com gerador funcional dado por

Z%ﬂz/ﬁ@m)%%m+/fwwd@, (42)

onde a acao euclideana é dada pela Eq. (16). Podemos agora fazer uso da estrutura
tedrica que desenvolvemos para calcular as correcoes para a massa térmica a um laco

para um modelo de campo escalar com termo de interacao A¢*.

1.2.1 Célculo das correcoes a um laco

Primeiramente, relembremos que o propagador Ag(x —y) pode ser obtido por meio

de derivadas do gerador funcional,

1 82Z(8,J)
Z(B) 0J(x1)0J(z2)
1

= — xT)Po(x e5eB)
757 | # @ (13)

Ap(r—y) =

Lembramos ainda que as condigoes de contorno exibem periodicidadade, isto é, ¢ (0,x) =
¢ (5,x). Como nosso objetivo consiste em obter as corregbes quanticas para a massa
térmica a um lago, nés podemos expandir o termo de interacao na exponencial até a

primeira ordem em A, onde obtemos

B
e=588) ~ =55 B) [ 1 - %/d42¢4(2) ; (44)
0

(F)g) , ~ . . .
onde et (¥ ¢ a acdo euclideana livre. Calculamos agora a quantidade

I(z,y) = Z(B)AD(z—y)

B
= [ os@owe s (1= 5 [dsote) | (45)

temos que A(l)(x — y) consiste na aproximagao de primeira ordem para o propagador
A(z — y). Utilizando o teorema de Wick
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(B(2)o(y)9'(2)) = 12(d(2)d(2)){d(y)d(2))(¢"(2))
+ 3(0(2)o(y))(6°(2))*, (46)

notamos que a integral I(x,y) torna-se agora

B
I(z,y) = Z(B) (A(af—y) - %/d42AF(x_y)AF(Z =0)Ar(z —y)

0

00| >

B
/d4zAF(x —y)AL(z = 0)) : (48)

A funcao de particao completa deve também ser expandida a mesma ordem de A,

de modo que obtemos o seguinte resultado

B
28) = [l otarot)e (13 / d4z¢4<z>) (19)

0

B
A a nag
= Z(ﬁ)(lg/dzAF(zO)).

0

Dividindo a Eq. (45) por (49) e descartando o termo de O(\), nds encontramos o seguinte

resultado para o propagador

B
Alx —y) = Ap(x —y) — %/d4zAF(x —y)Ar(z =0)Ar(z —y). (50)

Tomando a transformada de Fourier da equagao (50) e fazendo uso do teorema de Con-

volugao da transformada de Fourier, encontramos que
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A d*k’
Aliwn, k) = Ap(iwy, k) — = Ap(iwn, k) (T / ——Ap(iwn, K) | Ap(ivn, k). (51)
2 | (2m)
Podemos agora usar a equagao (51) para obter a corre¢ao perturbativa de primeira ordem
para a auto energia, definida por
A (iwn, k) = ARt (iwn, k) + H(iw,, k). (52)

Deduzimos que para a primeira ordem de A, a expressao para Il é independente do mo-

mento e é dada por

AT d*k .
= - Zm:/ (2ﬂ)3AF(zwm,k). (53)

Como proximo passo, precisamos agora efetuar a soma sobre as frequéncias de
Matsubara w,. Para que possamos fazé-la de um modo mais simples, faremos uso da
representagdo mista do propagador de Matsubara, conforme definido em (37). Assim

temos que

B
d*k »
/ (27)’ / dre™” Ar(r. )
0

. A’k
asz:e“""T/—(2 3AF(7', k)

m)

B
A Pk .
= 3 / dr) 6 (m—pp) / (2W)3eMnTAF(T, k)
0 p

N[ Pk 1
_ 5/(2ﬂ)32—%(1+2nk)_H0+HT, (54)

onde Il é a auto-energia em T' = 0 e Il corresponde a parte dependente da temperatura

na auto-energia. Aqui usamos a propriedade

AF(T - 57 k) = AF(Tv k)a (55)

ao longo do intervalo [0, 4] . Como j& dissemos, a auto-energia pode ser interpretada como
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uma correcao para a massa que pode ser escrita do seguinte modo

my =m? +1I, (56)

onde IT =TIy + Iz e, m% correspondendo a massa efetiva em temperatura finita. A Eq.

(53) ¢ divergente no ultravioleta. Em 7' = 0, o termo I,

A P’k 1
My =2 — 57
"2 / (2m)? 2wy, 57

é quadraticamente divergente, mas I,

N[ Pk oy
My =2 k- 58
. 2/(2w)3wk (58)

é finito devido ao fator de distribuicao de Bose-Einstein. Para tratar da divergéncia no

termo Ily, podemos introduzir um contratermo de massa na acao euclideana tal que

m? — m® + om?, (59)

que deve cancelar todos os termos divergentes da auto-energia, isto é

Assim, obtemos a massa efetiva renormalizada como

A d*’k n
m2 =m? + 11 :m2—|——/——k. 61

1.2.2 O Potencial Efetivo para um Campo Escalar Neutro

Nesta secao, faremos uma breve revisao do calculo do potencial efetivo a tempe-
ratura finita. No formalismo de tempo imaginario, a unica diferenca formal entre teoria
de campos a temperatura zero e a temperatura finita, é a forma das funcoes de Green,
ou propagadores, os quais sao modificados na presenca de um meio térmico, como vi-

mos explicitamente nas secoes acima. Os vértices a temperatura finita sao exatamente os
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mesmos que em temperatura zero. Assim, dada uma teoria quantica de campos, efetua-
mos nossos calculos de interesse termodinamico via diagramas de Feynman. Os célculos
diagramaticos podem ser feitos de maneira andloga aos feitos a temperatura zero. A
unica diferenca é que os valores de energia sao quantizados e as integrais sobre energias

intermediarias tem de ser substituidas por somas sobre valores discretos, ou seja

/dk;E Bz/dk}; (62)

Primeiramente, recordamos a expressao do potencial efetivo Euclideano para teoria
A¢* na aproximacao de um laco, a qual estd deduzida em diversos livros-texto, como por

exemplo [13,14], o que nos da o resultado bdsico

_ 1 ... M\
Vesr (9) = om*¢* + 50" + AV, (63)

onde ¢ éuma configuracio de campo constante, ¢ = (¢), e

1 [ d%p
AV, = 5/ o In (kE+m + ¢2) (64)

é a correcao ao nivel de um laco para o potencial classico.

Fazendo uso de (62) e de

2
kh — wp = % (65)
o potencial efetivo calculado até a ordem de um lago a temperatura finita torna-se
3 +oo d3k’E
Vers (ng) = —m 2 —|— Z / ln w —i—wk) (66)

onde definimos w} = k% + m? + 3¢% A soma das frequéncias de Matsubara w,, em (66)

pode ser feita usando a identidade [2]

1
Z In(w? 4+ wi) = 28 % + 3 In (1 — e *)| + termos independentes de wy, (67)

n=—oo

o que, portanto nos da para a Eq. (63) o resultado
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_ 1 .- py Bk [w, 1
V. = —m?¢* + Z ot / S In (1 —e PR, 68
A integral sobre o primeiro termo na expressao acima é a correcao para o potencial efetivo

aum lagco a em 7T'= 0,

d3/€E Wi 1 d4k‘E 2 2 )\—2

A integral nos momentos na expressao acima diverge no ultravioleta. A eliminac¢ao/renormalizagao
dessa divergéncia aparecendo na teoria em 7' = 0 ¢ padrao em teoria quantica de campos
e se da pela introducao de contratermos na massa e constante acoplamento no potencial
original do modelo da forma usual como dada nos livros textos (ver por exemplo [13-15]).

A parte dependente da temperatura na expressao do potencial efetivo em (68) é

finita e pode ser escrita como

dngl n(1—ebBwr) = 1 m (&
[ g (=) = s [ (9) ] ()

onde escrevemos m? ((5) =m?+ 392_52 e a fungao Jpg [m (gz_ﬁ) B} ¢ definida como

Jply] = ]odm:z In <1 - e\/m) . (71)

0

A integral acima, que é o potencial efetivo bosonico térmico, admite uma expansao em

altas temperaturas, para y < 1, a qual é dada por [2]

P 0 32 1 yt
J R B S iAm( L
51y 5ty 50 32¢ M\,
> 20 +1) 1\ [ 2\

—o77/? —11C(—F l+=- )| = 72

i ;( N To)\a2) (72)
onde a, = 1672e**727 In (a) = 5.4076 e ((x) é a funcdo zeta de Riemann.

Dentro da aproximacao de altas temperaturas dada pela Eq. (72), a expressao do
potencial efetivo na teoria A¢* fica (desprezando termos independentes de ¢ e mantendo

até ordem mais baixa em (72)),
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- S W W
Verr () = %m2¢2 + asb‘l + 4—8T2¢2- (73)

Da equagao acima, minimizando em relagao ao campo, encontramos o valor esperado do

campo como funcao da temperatura:

OVery
09 1o=a(T)

=0—¢*(T)=——-—"—, oug®>=0. (74)

Notemos que da solucao dependente de temperatura, na situacao classica de quebra es-

2 2|, o resultado

pontanea de simetria do potencial classico, ou seja, quando m* = —|m
acima expressa como o vacuo com simetria quebrada, ¢ # 0, restaura a simetria, ¢ = 0,
quando a temperatura aumenta, o que nos leva a obtencao de uma temperatura critica

de restauragao de simetria (transi¢ao de fase) definida por

24|m?
72 = 20 (75)

acima da qual ¢(T) = 0.

1.3 Campo Escalar Carregado

Para o caso de um campo escalar carregado com simetria U(1), levando em conta
cargas de Noether conservadas devido a simetria continua, trabalhamos no ensemble Gran

Canonico, onde desejamos obter a fun¢ao de particao neste ensemble. Temos que

Z =Trexp— [ﬁ(?—[/—uiQi)] ; (76)

onde Q; é um conjunto de operadores nimero conservados, com multiplicadores de La-
grange expressos pelos potenciais quimicos p;. Podemos formular uma expressao para a
fungao de particao Gran Canonica no formalismo Hamiltoniano para as integrais de tra-
jetoria como fizemos no caso do campo escalar neutro, desta vez fazendo a substituicao
H — H'—p;Q; . Uma vez que estamos considerando um campo escalar carregado, este
tem de ser necessariamente complexo. Para a teoria livre tendo a seguinte densidade de

Lagrangiana no espaco de Minkowski:
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L(6,¢") = (0u0) (0"¢") — m*6¢", (77)

que tem claramente uma simetria U(1),

¢ — €9, (78)

levando a seguinte corrente de Noether conservada no espago de Minkowski

ju = ¢au¢* - ¢* u¢ (79)

A componente temporal de j, nos fornece a carga conservada

Q= / >z jo. (80)

Como é usual em teoria quantica de campos, nés decompomos 0 campo ¢ em sua parte

real e imaginaria fazendo

_ ¢1+Z¢2'

V2

Aplicamos 0 mesmo procedimento ao seu conjugado complexo, o que nos fornece para

¢

a densidade de Hamiltoniana em termos das componentes real e imaginaria do campo e

momento conjugado,

1 1 1 1 1
H = §7Tf + §7T§ + §(V¢1)2 + §(V¢2)2 + §m2 (ﬁb% + 9253) ) (81)

e para a densidade de carga

Q= (¢27T1 - ¢17Tz)- (82)

A presenga da quantidade conservada Q indica a existéncia de um potencial associado .
Combinando as Eq. (81) e (82) junto com a Eq. (76), a integral de trajetéria para a

funcao de particao Gran Canonica toma a seguinte forma
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20 = [ silaon) [ lamlamlexp { [ dta [itmdn + mad)
= H (i, m) + p(orma — dami)]} (83)

Efetuando a integragao em m; e redefinindo ¢; em relagao as quantidades originais

¢ e ¢*, nés obtemos que

205 = [ laalfaslexp{ [ o |5~ v it 07} (34)

Podemos notar que o efeito do potencial quimico consiste em provocar o deslocamento
Wy — twy + [, que por sua vez altera o propagador de Matsubara que passa a adquirir

a seguinte forma

1
(iwn + 1) + w}’

Ap(itwn, k) = (85)

De modo similar, o propagador misto também tem sua forma alterada. Com potencial

quimico diferente de zero temos

Ap(T, k) = TZe_iw”TAF(iwn,k)

— i [(1+ny) e~ @rmmT 4 n;e(“”“*“)T] , (86)
k

onde
1
=
" = Bntn) _ 17 (87)

é a funcao de distribuicao de Bose-Einstein na presenca de potencial quimico. O propa-
gador de Matsubara pode ser obtido novamente ao se efetuar a transformacao de Fourier

do propagador misto com respeito ao tempo euclideano 7, conforme feito em (39).

1.3.1 Potencial Efetivo para Campo Carregado

Nesta se¢ao, nés mostramos como podemos encontrar uma expressao para o po-

tencial efetivo a um lago na presenca de carga. Mostraremos que a aproximacao a um laco
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é relativamente simples de se obter. Este objeto mostra-se bastante 1til pois, por meio
do potencial efetivo podemos derivar todas as quantidades termodinamicas, como energia
livre, entropia e pressao para o sistema. O ponto de partida para os nossos calculos é a

funcao de particao Gran Canonica dada por

Z (3,9, Ji, ) = Tr{exp [-B(H — p;Qi)]}, (88)

onde nods escrevemos explicitamente a funcao de particao Gran Canodnica como sendo
uma funcao do inverso da temperatura (3, do volume do sistema €2, das fontes externas J;,
introduzidos para evidenciar os campos, e dos potenciais quimicos y;. O Hamiltoniano
‘H' consiste em dois pedacos: o Hamiltoniano ordindrio H e as fontes acopladas a todas

0S campos externos,

S
W=H m/d bi(). (9)

O Hamiltoniano acima possui uma simetria global resultante de uma carga de Noether
conservada Q;. A inclusao de cargas conservadas nos resultados é obtida por meio da

condicao de vinculo termodinamica dada por

_ 1 0
Qi=(9Q,) “Bon,

Para isso, definimos a tranformagao de Legendre

InZ. (90)

D¢, i) = = Z(Ji, 1) — Jips = W (T, 1) — Jihi. (91)

A vantagem desta transformacao é que I' nao é mais funcao das fontes externas. Para

que o lado direito de (91) também néo seja mais fun¢ao dos J;, requeremos que

ow
0J;

= G (92)

Hi

Aplicando isto junto com a definigdo de Z, dada em (88), encontramos
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1 /
= ——Tr {/ d%qf)i(x)e_ﬁm Q)|

A
5 = 0 / & (Gi(2)),
<¢Z(x)>J ) (93)

que nos da o valor esperado no vacuo para o campo ¢ na presenca de fontes. Claramente,
(¢i(x)), é a quantidade de interesse fisico, uma vez que estamos interessados em problemas
onde nao hé fontes externas.

Uma equacao mais relevante segue da definicao da transformagcao de Legendre. Se
variarmos ambos os lados de (91) por fazer uma pequena variagao em ¢;, mantendo j;

fixo, definimos

a0J;

oW
Hi aqﬁl

_ o
57 5 +

i+ ——| pidi — Jidgi. 94
. 9, Gi9] ¢ (94)

i

Se nao houvesse carga fixa, ou equivalentemente, potencial quimico, parariamos aqui. O

ponto seria que em 3 e () fixos, gostariamos que % fosse zero, uma vez que ¢ igual a J;
1

e, no caso de interesse J; = 0. Entretanto, com uma carga fixa, uma pequena variagao

arbitraria em I' é

o
09

a0J;

or
Opi

5p; + ) O pbi- (95)

i

i

Queremos a carga fixa, nao o potencial quimico, de modo que nao é verdade que os
pontos estacionarios de I' sao estados fisicamente relevantes. Por isso, fazemos mais uma

tranformacao de Legendre e definimos a energia livre como

F (6, Qi) = =T (¢, i) + 1 Qs (96)

=S

A equagao de vinculo (90) nos diz que F' independe de p;. Além do mais, em Q; fixos, o
sistema estard em um estado de equilibrio quando F' estd em seu minimo.
Coletando estas varias defini¢coes acima, escrevemos o potencial efetivo em tempe-

ratura e densidade finitas como
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ol ie>

Verr =

Hi Qz
Q

1 _

a0 . (97)

Em temperatura, volume, e cargas fixos, V.s; deve ser minimizado com respeito a ;
e ¢;. Lembramos que aqui, nés escrevemos os campos complexos em termos de suas

componentes reais da seguinte forma

_ ¢1+Z¢2'

V2

Para que possamos encontrar o potencial efetivo para o nosso modelo, precisamos

¢ (98)

determinar uma expressao para a acao efetiva. Partindo da fun¢ao de particao

213 = [ TT o) T idn:

X exp { /0 ’ dTl/ dx [migbi — (H' - uiQi)] } : (99)

a integral funcional é realizada sobre os campos ¢; e os momentos conjugados m;. Como
estamos interessados em investigar o sistema em temperatura finita, a integral sobre o
tempo euclideano percorre o intervalo de 0 a 8. O Hamiltoniano acima é invariante sobre
uma simetria global SO(2). Esta simetria é gerada pela integral sobre todos os espagos

da densidade de carga:

Efetuando a integral sobre os momentos conjugados 7;, obtemos

213 =N [ TLids)exp (~Slen 3. (o)

onde N é uma constante e S é a acao. Expandindo a agao em torno de uma configuracao

de campo constante: ¢; = ¢;, temos
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S = SO 480 4 53 4 termos de ordem superior

= Solgs, Ji] + /d"‘x —55[(?;5()96)_ 2l s (¢ — ¢i()]
+ %/d‘*md‘{y [¢z‘ - @(@] 552?;()?;;;?] b [¢z’ - ng(y)} o (102)

H4 duas razdes para fazermos a expansio em torno de ¢; = ¢;. A primeira é que, como
vimos acima, no fim dos calculos ¢; corresponde ao valor esperado no vacuo para o0s
campos ¢;. Os campos ¢; oscilarao em torno deste vacuo com amplitude proporcional a
h (quando este é restaurado nas expressoes acima, lembrando que assumimos do inicio as
unidades naturais ¢ = kg = h = 1) e, no limite que h é pequeno, é razodvel assumir que
estas oscilagoes serao também pequenas. A segunda razao é que veremos que tal expansao
torna especialmente facil inverter a Eq. (92), que determina os J; em termos de ¢;.

Até agora nao foi necessario fazer nenhuma escolha especifica para o potencial.
Definimos por enquanto apenas de um modo bem geral o potencial do campo escalar
como Uy (¢;), onde requer-se somente que seja fungao de ¢? ou no méximo ¢;. Fazendo o

shift ¢} = ¢; — ¢;, temos que a contribuicdo de ordem zero para a acdo calculado em ¢; é:

S(6) = Sl 4] = 50 [Ua(6) — 34262 + (103)

e para o termo de primeira ordem temos

o U (9) '
S (g, :/ dT/d3m'x —‘ — pdi + —| . 104
A contribuicao de segunda ordem para a acao é
(2) U Ry ,
onde
528

Mij = ——~—. 106

I 5@ w) o)

O primeiro termo do lado direito de (105) representa os contra-termos, calculados

em ¢; = ¢;, incluidos de tal modo a cancelar as divergéncias ultravioletas que podem
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surgir no célculo do potencial efetivo. Os elementos da matriz M;; correspondem as
segundas derivadas funcionais da ac¢do na Eq. (102) com respeito a ¢}(z) e ¢}(y).

A aproximacao a um lago do potencial efetivo corresponde a negligenciar todos
os termos na acio de ordem superior a S®), isto é, todos aqueles de ordem superior ao

quadrético em ¢, (e qualquer desvio de ¢; = ¢; nos contra-termos). Nesta aproximacao,

=—-InzW~s50 _n [ / [ ld¢}]exp (=S = s@)] . (107)

Podemos escolher os J; de tal forma que o termo linear S™ na acéo se anule. Uma vez
que fixamos J;, temos uma expressao manejavel para a funcao de particao em um laco,

que pode ser inserida na equagao (97) para obtermos o potencial efetivo

1 5- 1
Vegs = Uol6) = 5302 = 55 m 2, (108)

onde

A / [ 1 l@i] exp B / d‘*:cd‘*w;(x)mm;(y)] : (109)

Podemos ainda fazer uso da seguinte relagao

1 / N’
Z(1) _ / H [dg, ] exp (—5 > / d%cb;,n(x)Mm%’,n(y)) " et M|

onde N’ é uma constante infinita independente de 8 que iremos absorver sobre
toda a normalizacao da integragdo funcional e usamos a relagdo det A = exp (T'rln A)
para trazer o determinante na exponencial. Notamos que esta expressao para Z(1) é
exatamente a que terfamos obtido se tivéssemos iniciado nossos calculos sem a inclusao
de qualquer termos de fontes. Expandimos sobre os campos constantes ¢; e mantivemos
somente os termos quadraticos. O formalismo que apresentamos nesta secao tem trés
propostas basicas: 1) convencer-nos de que devemos minimizar a expressao completa para
o potencial efetivo com respeito a ¢;; II) convencer-nos que (¢;) = ¢;; III) prover-nos uma
prescricao, ou pelo menos o ponto de partida para o calculo das correcoes de mais alta
ordem para o potencial efetivo. No préoximo capitulo mostraremos uma expressao para o
potencial efetivo para o modelo de dois campos escalares complexos, que é o modelo que

estaremos trabalhando ao longo desta tese.
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2 ESTRUTURA DE FASES E POTENCIAL EFETIVO

Neste capitulo nés investigamos em detalhes como a presenca de carga afeta a es-
trutura de fases de uma teoria de campos interagentes. Para atingir este objetivo determi-
namos uma expressao para o potencial efetivo a um lago para o modelo considerado, uma
vez que este objeto em temperatura e densidade finita deve ser minimizado em relagao ao
valor esperado do campo e do potencial quimico. Na secao 2.1 derivamos uma expressao
exata para o potencial efetivo para o modelo de campos escalares interagentes. Na se¢ao
2.2 mostramos uma discussao a respeito do limite de altas temperaturas e derivamos a
expressao para o potencial efetivo neste limite. Na secao 2.3 analisamos qualitativamente
como a presenca de carga afeta a estrutura de fases da teoria. Os cédlculos realizados neste

capitulo consistem em uma extensao do que foi feito em [16]

2.1 Potencial Efetivo a um lago para Modelo de Dois Campos Escalares

Complexos Interagentes

Vamos agora fazer uso do formalismo apresentado na secao anterior para calcular
o potencial efetivo para o modelo onde dois campos escalares interagem entre si por
meio de um termo quadratico nos campos. Para este modelo, tomamos a densidade de

Lagrangiana euclideana é da seguinte forma

L06.6%007) = (0,0) (00) + e + 22 (00")?
@) (0"0)" + i T+ A0 (). (10

Como passo usual para o cdlculo de potencial efetivo a um laco, vamos comecar por
decompor os campos ¢ e ¥ na Eq. (110) em termos de campos de fundo (que, sem perda de
generalidade, podem ser tomados como campos reais constantes) ¢g e 1y, respectivamente,

e flutuagoes ¢; 2 € 11 9, tal que

1
NG

Y= E(wo-ir%-iri%)- (111)

Quando substituimos (111) em (110) nds mantemos apenas os termos quadréticos nos

¢ (¢o + ¢1 + i),

-5

campos de flutuacao para o calculo do potencial efetivo a um lago para os campos de
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fundo, como descrito no Capitulo anterior. Para este caso, a acao é dada por

B 1
S = / dT/d3x {L’o—i—ﬁﬂut— St (95 + 20001 + 67 + 63)
0

1
= 5 (V6 + 2ot + Ut + 45)

Ji(z) ‘];/) ¥e 1 v Oy
- Bg@—ﬁ—g%—u Qf — ¥ Q ) (112)

onde Q% = <qb17r(275 — ngbl) e QY = (@Zmrg’ — 7?72/)1/11) Temos que a densidade de Lagran-

giana pode ser dividida em um termo que s6 depende dos campos de fundo,

2 2
_%2 My o &4 ﬂ4 §22
Lo= =200 + 05 + 1500+ o0 + 79000 (113)

e num outro termo que depende quadraticamente nas flutuacoes em ¢ e 1,

Lou = 506 + 50,62 + 5 @) + 5 O,0)
2
A
+ 52 [20001 + 61 + 03] + 28 (60863 + 26363
2
A
+ o 2w+ 03+ 98] + T [udul + 203u3]

A
+ 7 (2000501 + 5(VT + ¥3) + 200051 + ddotodrthr + U5 (6T + 63)] - (114)

Expandindo a a¢ao em (112) temos

S = SO 4 50 4 53 4 termos de ordem superior

B i | 05104(x). vi()] ) 35Yi@) ”

= So+/d - 5(2) b ¢i(z) + 5l (x) i [V )]]
U | 828 [8(), ¢i(x) ,

+ 5 [ atady 910 =it |, 4

028 [¢f(x), ¥i(x)]

) e (y)

w;@)] : (115)
Pi=ei

Devemos relembrar que, conforme exposto no Capitulo anterior, podemos escolher os
termos de fonte J? e Jf de tal forma a cancelarem os termos de primeira ordem na

expansao da acado. Com estas defini¢oes, podemos usar a Eq. (108) para escrever uma
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2 2 ¢ 0O Y OY
o o My o poQ%  p¥Q 1 1)
~ - — ——InZ i) 116
eff (¢07 wO) ¢O 9 ¢0 + 0 + 0 ﬁQ n (¢ Qp ) ( )
com
N/
Z(1) 117
(¢’H¢Z) detMl/z ( )
Os elementos da matriz M em (117) sao
0%+ m2 4 Peth 2 io0r Aot
Mo —z,u¢8T * +mj + /\¢4¢° — 1 0 o
Adotho 0 O* +m + Pudp _ py, ipyg0; 2
0 0 —ippdr O md Ay
(118)
Podemos ir para o espago dos momentos para calcular o determinante da matriz em (118).
Efetuando este passo obtemos o seguinte resultado
det M = [(K+2) = UL] [ +2) — 2+ U] [(K° ) — 2 + U]
x (K +wn) = g + U] — e [(R° + i) =45+ UG ] (R + wi) — 45+ UG
— g (W ) = g+ UL [(F 4 wn) = g + UL+ igpgeon
— Moo (K +wi) =i + U] (K +wi) =, + UL (119)

onde w, sao as frequéncias de Matsubara e os termos para as derivadas dos potenciais U

tem a seguinte forma

3\ A
U = my+ =00+ 508
A A
Uy, = mg+ 005+ 5v5
3\ A
2 P 2 2
U//1 = my + T¢o + §¢o

)‘¢ 2 A 2
U, = mfp+z¢o+§¢o

(120)

Fazemos algumas manipulacoes na expressao da Eq. (119) para que possamos escrever o

2
Y
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determinante como um polinomio das frequéncias de Matsubara tal que

det M={w, + [UF, + Uy, — 25 + 2k* — 20dg] wyy + [(K* + Uy, — i) [(K* + U, — 13)]] }
x wn + [Uy, + Uy, = 203 + 2k = 2005w, + [(K* + Uy, — ) (K + Uy, — )]}
— Nogug [(k +wi) — ps + U, [(K) +wi) — s, + Uy, - (121)

Podemos ainda decompor os polinémios de ordem w? em polindémios de ordem w?. Fazendo

isto obtemos

det M = In [(w? + iow, +7) (wp — iow, +7) (Wi + ivw, + () (w2 —ivw, + ()], (122)

onde

[\D|H
—

o2 = 2 k2—|—u¢ Ug1+U”2)—’y},

Vo= (U —u; (W + U~ 12).

Apoés efetuarmos a soma sobre as frequéncias de Matsubara encontramos o seguinte

resultado para o potencial efetivo

const
‘/eff = (B—Q) Viree + Viermico + ‘/;)onto zero (127)

com a contribuigao ao nivel de arvore (zero lago) dada por

Q
‘/tree = (¢0a ¢0) M¢§Z50 M92{>¢(2) + ,u(bﬁ(z) + Uct(¢07 ¢0)7 (128)
onde
UGorin) = T2g8 4 Tz 4 Aags y dga  Xao (129)
0, ¥0) — 2 0 2 0 16 0 16 0 4 0%0>

a contribuicao para a parte térmica do potencial efetivo é dada por
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Viermico = %/ (;:;3 {ln [(1 — e‘ﬁEi> (1 — e_ﬁEfﬂ +In [(1 — e—ﬁET> (1 _ e—ﬁﬂ)} } :

(130)
e a energia de ponto zero é
3 @ ¢ b (
V})onto zero — / @k E+(k) i E_(k) + E+ B (131)
(2m)3 2
onde Ei e Ei sao dados por
L a?  «
v
Ey(k) = \/C+Zi§. (132)
Podemos ainda escrever os termos acima, usando as Eqgs. (123)-(126), da forma
1
(B3 (k)® = K +pl+ 5 (U8, +UZ,) (133)
1 1/2
+ {2,@ [2k% + (UG, + Ug,)] + 7 UG, — UG, } :
1
(B (k) = K +ul,+ §(U”1 +U)) (134)

1/2
+ {2@ [2K* + (U}, + Uy, + i [y, — U] } :

Estas energias de excitacao podem ainda ser reescritas em uma forma mais conveniente

Ccomo se segue

~ ~ ~ 1/2
Ck)? = Kl 4wl £ {4 (B 4+ m2) +mis?} (135)
~ ~ ~ 1/2
(EY(K)? = K+ ps, + i, &+ {4ps, (K +m3) +myn’} 2 (136)

onde definimos
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my = mi(1+26), (137)
iy, = mi(1+2n), (138)
com
>‘¢> 2 A 2
_ 1
= Tt gzt (139)
Aw 2 A 2
= 2. 140
n 4mi% + 4m12/)¢0 (140)

O termo dado pela Eq. (131) possui uma divergéncia no ultravioleta. Este infinito pode
ser regularizado se introduzimos um corte nos momentos no ultravioleta dado por A e
requerer que |k| < A. Nao entraremos em detalhes sobre tais infinitos. Apenas vale
destacar que tais infinitos serdo eliminados por meio dos termos em U (o, o) € que os
infinitos da energia de ponto zero é independente do potencial quimico [16]. Na préoxima
secao, veremos como obter uma expressao analitica aproximada para o potencial efetivo

quando consideramos o limite de alta temperatura para as integrais na Eq. (130).

2.2 Tomando o Limite de Alta Temperatura

Na secao anterior, mostramos como calcular uma expressao para o potencial efetivo
a um lago para o modelo de dois campos escalares complexos interagentes. Um dos motivos
que torna o formalismo do potencial efetivo especialmente atraente é sua conexao com
a estrutura de fases, isto é, a estrutura que geralmente aparece em altas temperaturas
modificando os aspectos de simetria da transicao de fase no modelo. Para verificarmos
esta estrutura, examinaremos o limite de alta temperatura da Eq. (127). Antes de
comecarmos nossa discussao para este limite, faremos algumas observagoes importantes
sobre a expansao da expressdo exata (127) para V.;.

Em primeiro lugar, olhemos mais atentamente para as integrais de um lago para
Vionto zero € Viermico- NOte que a contribui¢ao de ponto zero nao tem dependéncia explicita
da temperatura. No entanto, em alta temperatura, este termo tornar-se-a moderadamente
dependente da temperatura devido a renormalizagao da massa. Todavia, na aproximagcao
que estamos considerando, esta dependéncia induzida permanecera suprimida pelas au-
tointeragoes. Uma vez que a outra contribuicao, Vigmico, € muito maior, a contribuicao
de ponto zero nao serd significativa, podendo ser desprezada, como de fato faremos em

nossa discussao para este trabalho. Em um trabalho, em preparacao, compararemos os
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resultados numéricos completos com o objetivo de testar a validade desta aproximacao.

Em segundo lugar, consideremos Vigmico €m maiores detalhes. Note que o inte-
grando (com peso k?) anula-se nos limites em que k — oo e k — 0. Ele é maximizado
quando Eiw e k sao ambos comparaveis a temperatura. Isto é exatamente o esperado
para as distribuicoes térmicas em funcao da temperatura: aquelas excitacoes com energia
fisica E;Ew ~ T predominam.

Finalmente, como ocorre com qualquer calculo perturbativo, o resultado somente
¢é valido quando a teoria de perturbacao converge. Assim sendo, devemos evitar as di-
vergéncias de infravermelho que contaminam a teoria proximo ao ponto critico. Isto

significa que devemos nos restringir a valores de ¢, 1y e T tal que

Ao + M2
¢¢2o ;Uo <1, (141)
Mg — Ky
A2 + N2
¥ 2% <l (142)
My = My

Porém, podemos perder este vinculo de convergéncia em temperaturas mais altas. Apenas
garantimos que os modos com k ~ T compoem a contribuicao dominante Vigmico € por
conseguinte em V.sr. Assim, em temperaturas suficientemente altas, a integral (130) nao
atinge a regiao de infravermelho mas, ao invés disso, as regioes com maiores valores de k

com fator de convergéncia

NBR MR Mo+ MR

k2 4m3 — i, T2

Em qualquer caso, ha um vinculo de convergéncia que deve ser obedecido. E, uma vez
que o obedecemos, podemos também usa-lo como um meio para simplificar as expressoes

de dispersao E;)tw. Definimos por conveniéncia as expressoes

E3 = [k + 3, (145)

E} = |k|* +m3, (146)
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com Thi e fnfb definidos nas equagoes (137) e (138), e expandimos em Taylor as equagoes
(124) e (126) em termos das pequenas quantidades As¢3/ (E3 — ,ui)z e \yt3/ (Efp — ,u?/})Q.

Nos obtemos

= (B g2) - % (147)
32(E7 — 1)

Aio

C= (B2 — ) — — 200 (148)
(B — 1) 32(F2 — )

Colocamos (147) e (148) em (133) e (134) respectivamente nos fornece apés uma expansao

adicional em Taylor das Eqgs. (133) e (134)

1 Aoy 1 Ao
ES(E) = (JE,— — 0 4 |2y - 79 149
£(k) \/ 128 B2 — 122 M¢+128E§)—u?¢ (149)
= Ey+ Ay
1 A 1 ¢0
EV(k) = B, - %70 2 150
(k) \/w 128 B2 — 122 ”+128E2 2 (150)

Uma nova expansao em Taylor do primeiro termo no lado direito de (149) e (150) nos

fornece
1 Adg 1 A3
E? (K = E.— — 4 + 2, —- ¢ 151
£(k) 128 B2 — 2 -\ T IsE =2 (151)
= Ey+ Ay
1 )\2@% 1 >‘2¢0
EY(k) = FE AN T v 152
&(k) TasE -2\ T8 E 2 (152)
= E,+A,

onde
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_ 1 A9
EFy = Ey————— 153
_ 1 Mg
E, = - — 154
(§]
1 Ao
A, = ¢@+———%—@ (155)
128 E2 — 422
1 A
128 E2 — 122

Iremos considerar o regime dominado pela carga, isto é, o onde as variagoes para as
energias A? e A¥ sao dominadas pelos termos de potencial quimico e a capacidade dos
modos de acomodar cargas domina suas auto-interacoes. Sendo assim, podemos efetuar

uma expansao em Taylor para A? e AY em termos de p4 e ju,; 0 que nos dé o seguinte

resultado
BN; b4
Ay =iy + , 157
P 128uy(ER - 1) o
/\2 4
Ay = iy + =0 (158)

12841, (B2, — 112)

Com isto, as energias de excitagdo dadas por (133) e (134) podem ser reescritas como

e B
2,4
(BER? = Byt pg oo (160)

12841, (B2, — 12)

Colocando os resultados obtidos acima em (130) e efetuando uma nova expansdo em

Taylor em torno de E¢ — E4 temos
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Viermico = i/ &k In (1 — 6_5(E¢+“¢)) ( 11— e_ﬂ(E¢_“¢))
termico 5 | (np
b L (1 ) (- )
/ Pk BN { 1 1 1 1 }
(27)3 12804 Ey | By + pg ePEotie) — 1 By — g ePEo—rs) — 1
N / &k BN { 1 1 1 1 ] (161)
(2m)3 1281y By | By + py €5 Evtie) — 1 By — py ePEv—pe) — 1|7

Os termos nas primeira e segunda linhas de (161) assemelha-se a contribui¢ao da teoria
livre, com carga fixa, exceto pela inclusao do termo %%3 + %@/}3 em (E‘W)2 através de rhfb
e 3, como pode ser visto nas equages (137) e (138). A andlise que faremos da expressao
em (161) segue de perto ao que foi feito em [17] em especial no que concerne ao limite
de altas temperaturas. Comecamos pelos termos contidos nas duas primeiras linhas de
(161) que corresponde a teoria livre. Chamamos a esta parte livre de Vigrmico de J que

definimos em termos de uma relagao recursiva como vemos abaixo

4
J = _7T2_64H5 (57’7’L¢, Bmw) M¢/ﬁ’b¢, qu/,/ﬁ’ld,) ) (162)

onde Hs é uma das classes de fungao definidas como

_ 1 gl 1
Hi(M,r) = W/O (22 + m2)1/2 [emp[(ﬁ Fm2)2 — rm] — 1 +(r— _T>}

onde x = Sk, m = fm er = p/m. Para que calculemos a expansao em altas temperaturas

de H; definimos mais uma classe de fungoes:

_ 1 o0 1

Gi(M,r) ==~ d —

(M) r'(1) /0 v pr[(:cQ +m?)V/2 —rm] — 1 +r—= r)}
que estao relacionadas da seguinte maneira
dG m m2r
ﬁ = IrHp — G+ ——Hi, (163)
dHH_l o T m

Do o, T (164

Usando estas expressoes, podemos determinar a o limite de altas temperatura para a parte
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livre de Viermico °

—m2rt T*mi Tl T(m2 — p2)3?

T L R 67
T2m2 T2 2 T(m2 — 12 3/2
+ 12¢ — 6‘“" X w6wﬂw) +O(InT). (165)

A tnica diferenga de nosso resultado para aquele encontrado em [17] corresponde ao shift
my ., — m;.,. O principal efeito ¢ gerar a bem conhecida renormalizagao da massa em

alta temperatura

AsT?
m2 — m? + ¢— — A2 (166)

A T?
12

my, — m, + — \p. (167)
Assim como apontado por Weinberg [?], o aparecimento da corre¢ao de massa quadratica
negativa em alta temperatura sinaliza a quebra da teoria de perturbacao. Para um laco,
a inser¢do de massa torna-se comparavel a o termo de nivel de drvore [16]. Para que
possamos atingir este resultado, vamos utilizar o método proposto por Fendley [18]. Fen-
dley mantém invariavel o termo de nivel de drvore mas soma sobre todas as insergoes de
massa sobre os graficos que contribuem para o potencial efetivo a um lago, o que é obtido
por se usar a massa renormalizada em (166) e (167) no lugar da massa em expressoes

obtidas para potencial efetivo a um lago. Tecnicamente, miw e Thﬁw que aparecem em

Ap T
12

mé , bermanece adimensional assim ccomo encontrado no limite de alta temperatura de

Vponto zero € Viermico S€riam corrigidos pelo termo aditivo . A quantidade adimensional

Harber e Weldon. Além do mais, todos os termos aditivos induzidos em (165) pelo shift
finalizam sendo o fator Ay, menor que os termos pré-existente.

Vamos agora fazer a nossa andlise para a segunda linha na expressao em (161)
para Viermico- Para determind-lo, devemos encontrar o limite de alta temperatura para a

integral

3 Alguns detalhes dos calculos que levam a este limite podem ser encontrados em [17]
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;o / Bk B 1 1
(27’(’)3 128M¢E¢ qu + lg eBEetrs) — 1

1 1 + 1 / ﬁ In(1- efﬂ(Ewﬂlw)) (1- efﬁ(Ew*Nw))
Es— pgefPomme) — 1] = B ) (27)3

+ / &k ﬁ/\%ﬂ/}é ! ! ! ! (168)
(27’(’)3 128#¢E¢ E'll) + fap eBEy+ry) 1 Edz — [y eBEy—py) 1|

Devido a sua dependéncia das varidveis 3, (g € mi »» 1 pode ser relacionado a contri-

buigao térmica livre J pela relagao

2

Ozl =
T8

0 (169)

m2 ) s0)

Fazendo uso do limite de alta temperatura de Harber e Weldon (161) obtemos entao

poT’ N pyT
2my G — pg 2wyl —

Combinando os resultados apresentados em (165) e (170), reproduzimos o limite de alta

= (170)

temperatura para para Viermico para este regime dominado pela carga. Manteremos apenas
os termos lineares ou de ordem mais alta em 7', e somente as porgoes dominantes de seus
coeficientes (isto ¢, negligenciamos as contribui¢oes suprimidas em Ay,). Em nenhum
lugar, entretanto, negligenciamos a diregao py 4, ¢o € 1o ou a dependeéncia em 7. Obtemos

entao

—on2Tt . T%m} . Ty, Thag T(md — pg)*? N TAZ¢;

Vitermico =
45 12 12 6 67 2 2
256my fmy — iy

Tmep B TZMi B T(mfb — ,u?p)3/2 N TA?p@Dé ‘
12 6 67 2567 4 /mi — ,ui

Notemos que o comportamento lider dominante de fi4 ., @0 € ¥g € todo determinado

+ (171)

pelos termos de ordem 72 ou de ordem mais alta. Estes termos sao inalterados do caso
livre, com a substituicao de miw — fni,w. Para o limite de altas temperaturas, podemos
desprezar os termos com dependéncia linear na temperatura que aparecem em (171) o

que nos fornece como resultado
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V;ff = ‘/tree + ‘/termico

), A, TR T
- 5 %0 1_6% 12 6
N (mfb —,u?p)¢2+)\_¢¢4+ Tani B TQ/%Qp
2 " 16 12 6
Aoy 274
+ 000+ Hene — — e iy, (172)

A estrutura de fases depende do minimo do potencial efetivo. Devemos lembrar

que ¢g e Yy aparecem explicita e implicitamente em Vs, através de rhi’w, obtemos

Wery 2 2 Ao o /\¢T2 Ao

— _ 2o 2 _Z 1
Do {maﬁ o+ 75 P 13 21/10 %o, (173)
Wers _ 2 2, Moo )‘wTQ A
o0 {mw gV T Ty T %) e (174)

onde temos os minimos ¢y = 0 e ¥y = 0 para a fase simétrica para os setores ¢ e ¥

respectivamente, e

4 Ao T?

B = s |-t ). (175)
4 A T?

vy = E{M’Z”_ 5 — ?8 — S}, (176)

com quebra de simetria. A transi¢io de fases ocorre quando ¢Z e 12 tornam-se nio

negativo, o que acontece em uma temperatura chamada critica definida por

(12)" = 12 [ps (T : i ~ M) , (177)
¢
gy — 120~ = 2] s

Ay

Lembremos que n, e n, surgem da minimizagao do potencial efetivo com relacao

ao potencial quimico como vemos em

OVery
8M¢ ’

g = o — (179)
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oV,
Ny = pyth — aui L (180)

onde negligenciamos a contribui¢ao de ponto zero. Notemos também que a dependéncia
de pt4 do termo dominante do potencial efetivo em alta temperatura ¢ invariante para
a teoria livre conforme nos mostra o resultado de Harber e Weldon [17]. O shift mi’w —

m;w nos calculos da contribucao térmica nao o afeta. Assim, a contribuicao térmica é

simplesmente
aJ d*k 1 1 1 1
_ — — 181
" O / (2m)? [E¢> + pg Pt — 1 Ey — g ePFore) — 1} ’ (181)
aJ d3k 1 1 1 1
_ — — 182
i (‘9;% / (271')3 |:E¢ + [y eBEptuy) — E¢ — Uy eBEy—py) — 1:| ’ ( )

onde J é dado pela Eq. (165). As Eqgs. (181) e (182) representam as densidades de carga
para as excitagoes térmicas para o gas de Bose de particulas e anti-particulas. Vemos ainda
que as Eqgs. (181) e (182) exclui as excitagdes de momento zero, uma vez que o integrando
tem peso zero aqui. Assim, a densidade de carga total é facilmente interpretada como a
soma de (1) as densidades de carga portadas pelos modos do banho de térmicos, e (2) a
densidade de carga portada pelos modos de Goldstone. No limite de altas temperatura,

a soma destas duas contribuigoes torna-se simplesmente

peT?  6p _

ng = pePp + ¢T = )\—j (ng —m3) (183)
T 6p _

T S S (181)

Em geral a Eq. (183) e (184) para ps, € dificil de resolver, mas ela pode ser
simplificada em dois limites: limite de baixa densidade, com Agng < mj (e Ayny < M)
e o limite de alta densidade com Agng >> fng’) [17]. Para o limite de baixa densidade tanto
Mg quanto fis, sao pequenos e tem um impacto minimo sobre a evolu¢ao da teoria.
Aqui, tomando mﬁ, < 0 entao a teoria tem quebra de simetria em baixa temperatura na

auséncia de carga e as Eq. (183) e (184) atingem o valor

Aoy

How =75 1 < Mg, - (185)
|m¢,w
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Uma vez que ji, tem um pequeno efeito sobre 7, entao expandimos sobre seu valor na

ausencia de fu4

_ 18|m3 4|

T = ——2% (149), (186)
Ay
onde
2
T.
5 toe ), (157)
Mgy

isto ¢, a temperatura critica atinge um valor levemente mais alto na auséncia de ng, sem
entretanto alterar qualitativamente os aspecto da simetria para o sistema.

Uma vez que estamos investigando a presenga de ISB/SNR, que consistem em al-
teracoes drasticas no quadro de simetria da teoria, nao aprofundaremos a nossa analise
para o limite de baixa densidade. Nossa analise bem como os resultados obtidos concentram-

se no limite de altas densidades conforme veremos na préxima secao.
2.3 A Estrutura de Fases do Modelo
Passamos agora a estudar a estrutura de fases do modelo e buscar a possivel

existéncia de fases de ISB e SNR.

2.3.1 Limite de Altas Densidades e Altas Temperaturas

No limite de alta densidade, ambos ng e ng sao grandes tendo extremos efeitos

sobre a evolucao da teoria. Aqui as equagoes (183) e (184) produzem

Aol B

o = gr > [imgl (188)
}m¢|
A nw -~

= 7 i (189)
|m¢‘

que tem como principal consequéncia elevar o valor da temperatura critica.

O limite de alta densidade domina verdadeiramente o parametro espacial para o
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sistema durante a expansao em alta temperatura. Isto ocorre sempre que

Aoty > /T, (190)

Ayt > iy [T°, (191)

onde 74, ¢ uma constante de proporcionalidade. O lado direito é por suposicao extre-
mamente pequeno de modo que o resultado expresso pelas Egs. (190) e (191) sao via
de regra obtidos. Uma observacao importante a ser feita é que estamos fazendo nossa
consideracoes para um quadro de expansao isentrépica o que implica que as solugoes de
alta densidade para p , tem seu impacto mais significativo. Para este quadro, o potencial

quimico é continuo na transicao de fases e definido por

3T, para a fase simétrica

Lo = 13 192
oY (W) T, para quebra de simetria (192)
com as densidades de carga dadas por
o = Mo T, (193)
e, neste caso T, tem a forma
12m2
T = 2 , (194)
Ao [(16203/Xg) — 1]
12/m?2
T? = - , (195)
Ay [(16202/Ay) — 1]
onde mj = mj — Mg e m;, = mZ, — A¢j. Definimos os parametros
16212
by = { S ﬂ. (196)
¢
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2
Wy = {165%} . (197)
P

Podemos usar as Egs. (175) e (176) junto com as defini¢oes (196) e (197) para escrever a

seguinte expressao para os VEVs para os campos ¢g e ¢y respectivamente

6m?2

¢ = {(wj/"” - 1) T’ - Tf - wé] , (198)
6m?>

vy = [(wS/S - 1) T - A—j’ - mg} , (199)

quando estas expressoes tornam-se nao negativas, ocorre a quebra de simetria. A nossa
teoria com termo de interagao cruzado A¢awe pode nos dar diferentes comportamentos

para os diversos setores dos parametros espaciais. Vejamos cada caso em detalhes.

2.3.2 Fases de ISB e SNR

Como sabemos, em casos onde os campos apresentam massa quadratica negativa,
o resultado padrao consiste em termos a simetria quebrada em baixas temperaturas e
posteriormente a sua restauracao com o aumento da temperatura acima de um valor
critico. Todavia, conforme foi mostrado por Weinberg [5], para modelos multiescalares,
podem haver casos onde este resultado nao se verifica. Isto ocorre se consideramos que a
constante de acoplamento cruzado A recebe valores negativos e as seguintes condigoes de

contorno sao satisfeitas

Al > (2/3) Ao
Al < (2/3) Ay (200)

Assim, segundo Weinberg, o setor v teria a simetria restaurada em altas temperaturas
enquanto que para o setor ¢ a simetria nunca é restaurada, fenomeno este conhecido como
SNR (Symmetry non-restauration, em inglés). De modo similar, quando considerado o
caso onde ambos os setores apresentavam massa quadratica positiva, ou seja, a teoria
deveria permanecer simétrica em ambos os setores. No entanto, com as condi¢oes dadas
acima, o setor ¢ apresentava quebra de simetria em alta temperatura, o que foi chamado
de ISB (Inverse Symmetry Breaking). Nosso objetivo aqui é avaliar se a presenga de carga

induz o aparecimento de ISB/SNR afetando os possiveis aspectos de simetria da teoria.
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Comegamos nossa andlise por considerar o caso em que ambos os campos tem
massa quadratica negativa. Utilizando as definigdes (196) e (197) bem como os resultados
em (192) escrevemos as equagcoes para os VEVs em termos dos parametros 1), conforme

vemos abaixo

A 1 m3
2 ¢ 1/3 2 ®
S A 1) T2 462
% = 3 —on {3 ((1% )7+ )\¢>
A 2
- i-(b ((zp}/f” —1) T+ 6m—:; 1 (201)
A 1 m?
2 P 1/3 2 ¥
S A 1) T2 62
Y wa(p o2 {3 ((1% )7+ A¢)
m2
- ((W?’ ) T 4 6A—j>] (202)

com 1, definidos pelas Egs. (196) e (197).

Conforme podemos notar, observando as figuras 1 e 2, a principio ambos os setores
da teoria apresentam o aspecto padrao de quebra de simetria em baixas temperaturas e
uma posterior restauracao da simetria com o aumento da temperatura. Mantivemos fixo
a constante de proporcionalidade 7, (lembramos que a densidade de carga é dada por
Ngp = NpuT?) € variamos o valor do constante 7,. Observamos que quando a atribuimos
a 14 o valor 0.038 o setor ¢ da teoria apresenta SNR, isto ¢, a simetria quebrada em
baixas temperatura permanece quebrada mesmo quando em temperaturas mais elevadas.
Notamos ainda que para este valor de 7, a temperatura critica para o o setor 1) atinge
valores mais elevados do que ocorreria na auséncia de carga ou mesmo para pequenos
valores da densidade de carga. Podemos ainda perceber que, quando atribuimos a 7, o

valor 0.04 nenhum dos setores terd a simetria restaurada em altas temperaturas.

_ 1 W3 B m_i
% = A(m oAy — 9N2 {3 (( ) 6 )\¢> (203)
(e yr-a)]
¢>
_ s _ my
v = AW) Aoy — 9N2 { (( ) —0 )\w) (204)

SR

os resultados podem ser vistos nas figuras
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Figura 1 - Valor esperado para o campo ¢ em uma teoria multiescalar com carga
Ny = n¢T3 e massa quadratica negativa para diferentes valores do parametro
ng- Os valores usados para os acoplamentos foram Ay = 0.08, Ay, = 0.08 e
A = —0.026. Consideramos 7y, = 0.01 (sendo este mantido fixo).

25
— 1001
- = .1 =0038
20 =0.
n(p 0.04
8 15 L
T -
~ | "—
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5 . "
53 YT
ST NS
5,
0 L L
0 50 100 150
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Fonte: O autor, 2011.
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Figura 2 - Valor esperado para o campo ¥ em uma teoria multiescalar com carga
Ny = 77¢T3 e massa quadratica negativa para diferentes valores do parametro

ng- Os valores usados para os acoplamentos foram Ay = 0.08, Ay, = 0.08 e
A = —0.026. Consideramos 7y, = 0.01 (sendo este mantido fixo).
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Fonte: O autor, 2011.
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Figura 3 - Valor esperado para o campo ¢ em uma teoria multiescalar com carga
ng = 77¢T3 e massa quadratica negativa para diferentes valores do parametro
ng. Os valores usados para os acoplamentos foram Ay = 0.08, Ay, = 0.08 e

A = —0.026. Consideramos 7y, = 0.01 (sendo este mantido fixo).

0 20 40 60 80 100
™

Fonte: O autor, 2011.

Das figuras ( 3) e (4), podemos notar que, para valores de de 7, inferiores a 0.041,
ambos os campos encontram-se na fase simétrica, como ocorreria em teorias onde efeitos
de densidade nao estao sendo levados em conta. No entanto, para valores acima deste
valor critico, ambos campos apresentarao uma quebra de simetria em altas temperaturas.
Notamos também, que maiores valores de 7, podem alterar o valor da temperatura critica
para os setores ¢ e v da teoria.

Como vimos com os resultados acima, a presenca de carga pode modificar de forma
extrema o diagrama de fases de uma teoria de campo escalar. Vimos que os efeitos de
ISB/SNR sao induzidos quando consideramos grandes valores para as densidades de carga.
Todavia, ha uma ressalva a ser feita: todos os resultados aqui apresentados para essas fases
foram obtidos por meio da aplicacao de teoria de perturbacao ao nivel de um lago, ou seja,
sao validos apenas onde o método perturbativo converge e os termos de ordem superior nas
constantes de acoplamento sao mantidos nos calculos. Sabe-se no entanto que esses nao é

o caso quando consideramos sistemas no limite de altas temperaturas, onde as corregoes
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Figura 4 - Valor esperado para o campo ¥ em uma teoria multiescalar com carga
Ny = n¢T3 e massa quadratica negativa para diferentes valores do parametro
ng- Os valores usados para os acoplamentos foram Ay = 0.08, Ay, = 0.08 e

A = —0.026. Consideramos 7y, = 0.01 (sendo este mantido fixo).
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Fonte: O autor, 2011.
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de alto energia de ordem mais alta, e que corrigem no caso as massas do campo (massas
térmicas) e corregoes para a constante de acoplamento (o escalonamento com a energia,
no caso a temperatura) podem tornar-se significativas. Para investigarmos o surgimento
de ISB/SNR de forma consistente e estabelecer a existéncia desses fenomenos, torna-se
necessario, portanto, a utilizacao de métodos nao-perturbativos. Como ja discutido na
introducao no primeiro Capitulo, nesse trabalho faremos uso do método da TPO, que sera

definido no proximo Capitulo.
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3 TEORIA DE PERTURBACAO OTIMIZADA

3.1 Uma Breve Apresentacgao

A quebra da expansao perturbativa em teoria quantica de campos a temperatura
finita é um problema bem conhecido e cuja solugao constitui ainda hoje matéria de muitas
discussoes e estudos. Esta quebra pode ocorrer devido ao aparecimento de divergéncias de
infravermelho nas proximidades da temperatura critica em teoria apresentando transicao
de fases de segunda ordem ou fracamente de primeira ordem, ou em teorias nao massivas
como na Cromodinamica Quantica, ou simplesmente pelo fato que a altas temperaturas
diagramas de Feynman de ordem mais alta nas constantes de acoplamento podem apre-
sentar poténcias mais altas na temperatura do que termos de ordem mais baixa. Nesse
casos em particular, podemos encontrar regimes de parametros onde os esquemas pertur-
bativos convencionais sao impraticaveis em altas temperaturas, quando as poténcias das
constante de acoplamento sao suplantadas pelas poténcias da temperatura.

Na tentativa de tratar deste problema, muitas técnicas de ressoma de termos da
série perturbativa tem sido utilizadas. Alguns exemplos sao a ressoma de diagramas de
um lago (ressoma de diagramas daisy e super daisy ) [19], [20], método do operador com-
posto [21], o método do propagador de campo vestido [22] [23], ressoma auto consistente
modificada [24] dentre outros métodos. A maioria destes métodos tem a desvantagem
de nao conseguir a auto-consisténcia quando os diagramas de ordem mais alta sao res-
somados bem como a dificuldade para implantacao da renormalizacao. Nés escolhemos,
para esta tese, fazer uso da Teoria de Perturbagao Otimizada (TPO), também conhecida
como expansao delta linear, aplicada a uma teoria quantica de campos em temperatura e
densidade finitas e em especifico no modelo de dois campos em estudo nesta tese.

Como exemplos de aplicagoes bem sucedidas da TPO temos os trabalhos de Pinto
e Ramos [25] em que foi feito uso deste método na investigagdo de quebras de simetria
em temperatura finita em uma teoria de campo escalar com interacao A¢* até a segunda
ordem em TPO e em Parkin [26] onde foi considerada uma teoria de campo escalar in-
teracao ¢* e potencial quimico diferente de zero, que, como vimos no Capitulos anteriores,
promove um deslocamento na componente de energia do propagador de Matsubara e como
consequencia, tornam os célculos dos diagramas de Feynman da teoria consideravelmente
mais complicados de se calcular, mas que nao apresentam outros problemas técnicos a
principio.

Neste Capitulo mostraremos detalhadamente como a teoria de perturbagao falha
em gerar uma sequéncia convergente de aproximantes, bem como seu mecanismo de que-
bra em altas temperaturas e em seguida, definimos o método da TPO e mostramos como

esse método pode nos fornecer uma solugao satisfatéria e nao perturbativa para esses
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problemas. O presente Capitulo esta dividido da seguinte maneira: na Secao 3.2 mos-
tramos brevemente como ocorre a quebra da teoria de perturbacao para uma teoria de
campos com termo de auto-interacdo ¢* no caso geral a temperatura zero. Na Secao
3.3 explicamos como ocorre a quebra da teoria de perturbacao no caso de temperatura
finita. Na Secao 3.4 apresentamos um sumario sobre a TPO. Finalmente, na Secao 3.5
mostraremos como podemos utilizar a TPO como solugao destes problemas por encontrar

uma sequéncia convergente de aproximantes.

3.2 Quebra da Teoria de Perturbacao em Teoria Quantica de Campos

Nesta Segao apresentamos os calculos realizados para um modelo de teoria quantica
de campos com auto interacio A\¢?*, mostrando como a teoria de perturbacao falha em
fornecer uma sequéncia convergente de aproximantes. O material desta secao segue de
perto o trabalho de Pernice e Oleaga [27].

Consideremos uma teoria de campo escalar com termo de auto interacao quartica

tendo a seguinte funcao de particao

2(9) = 5 [ lases¥, (205)
com
Sl = / d' B (0,6 + m?6? + ot (206)

Podemos construir uma prova bastante simples para a divergéncia das séries perturbativas
por argumentar que se tais séries convergirem para o resultado exato, a expansao da func¢ao
de partigao, por exemplo, seria analitica em A para A = 0. Entretanto, isto nao pode ser
verdade pois se permitirmos que R(A) < 0 entao a integral funcional em (205) diverge.
Sendo assim, a conclusao ébvia que podemos chegar é que o método perturbativo ird
divergir. O objetivo principal desta se¢ao consiste em identificar o mecanismo para esta
quebra e fornecer alguma justificativa e motivagao para a TPO em teorias de campos e
mostrando como esta constitui, de fato, em um método eficiente para gerar sequéncias
convergentes que se aproximam da resposta correta.

Comegaremos por gerar as séries perturbativas para a fungao de parti¢ao (205) que

podem ser feitas do seguinte modo:
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1 L 2,1,.2,2 4
Z(g) = 7 [dg] e~ | o (50udy+3m?6?)—[ d'ayo

N / dqﬁi n!n( / ddw) e [ a0 imt?)

n=

= Z / 0] = ( / dd:c¢4) e~ [ o5 i), (207)

Uma vez que para grandes valores de n os coeficientes em (207) exibem um comportamento
fatorial, as séries perturbativas serao divergentes para qualquer A # 0 pois a integral
funcional em (207) é perfeitamente bem definida para R (\) > 0, indicando que algum
passo usado na geracao das séries perturbativas deve estar equivocado. Como temos
que o integrando é analitico em A, podemos legitimamente expandi-lo em série de Taylor.
Desta forma concluimos que o primeiro passo usado para construir séries perturbativas é
perfeitamente aceitavel. Isto nos leva a concluir que o segundo passo, que consiste na
troca da posicao entre a soma e a integral, é que deve estar equivocado. Para analisarmos o
por queé de ser esta troca invélida neste caso, usamos o teorema de convergéncia dominada
de Lebesgue, conforme é declarado abaixo:

Seja fn uma sequéncia de fungoes integrdaveis que converge pontualmente a funcao

fnv — f quando N — oo, (208)

e € limitada em valor absoluto por uma fungao integrdavel positiva h (dominada):

|fvl <h, NeN. (209)
Entdo € verdade que

N (210)

Vamos agora constatar que podemos aplicar o teorema de Lebesgue para o caso da integral

funcional. Escrevemos

fn [ =Zi§j n,"( /ddm)nexp[—/d%( (9,0)° + m¢>] (211)

n=0
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convergindo neste exemplo para o valor exato

i@l =5 [llew |~ [ate (F @08+ greet+ [atagor)]. (212

Para efetuarmos nossa analise da expansao perturbativa, consideremos em mais detalhes

os termos da expansao

cn [0 (2)] = Zio (—n1!)" exp [—/ddaj (% (0u0)* +% 2¢ )] +nln (i' /d%&) . (213)

Estamos interessados em encontrar o valor maximo para ¢, [¢ (z)] e por fazer isso de-

monstrar que ha uma regiao espacial do campo em que nao se pode aplicar o teorema de
Lebesgue.

Se escrevemos

el (@) = =

- e~ Sesild), (214)
o n:

com

Seff [cb]:/ [ (0u8)” + mqb —nln (2&” (215)

entao a configuragao do campo ¢ que minimiza a agao efetiva (maximizando ¢, [¢ (z)]) é

governada pela seguinte equagao:

4n
[ dtag?

—V2+m¢ — ¢* = 0. (216)

Fazendo a mudancga de variavel

o) = m (L2

1/2
= mi2! —4n U
(fddw4<u>) Pl 20

o campo transformado satisfaz a equacao
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—V2p (u) + ¢ (u) — ¢ (u) = 0, u=mzx. (218)

Vamos denotar as solugoes que maximizam ¢, [¢ (z)] por ¢max. Agora se consideramos a
condi¢do que ¢max minimiza a acdo, entdo dada uma constante arbitraria o, Seff [¥Pmax)

serd minimizada em o = 1. Agora

2 a1 2 L 5 Aot d,. 4
Serf [0Omax] = ” [ d'x 5 (OpPmax)” + ™M Omax | — 0| = [ d'xe" ], (219)
entao
0Sess (9] 2 4n
—al = / A" [(Oydmax)” + M 2] — — (220)
A Eq. (219) conduz a condicao
/ddx (0, max)” + m? / dr¢? . —4n = 0. (221)

E também o caso que Seff [@max] serd minimizado em o = 1. Se fizermos ax — x entdo

_ 1 1 1 A
Seff [a¢maX] = OéQ d/ddxi (8M¢max>2 + E /dd‘r§m2¢r2nax —nln (W/ddx(bﬁnax) ;

(222)
de modo que
8Seff [agbmax] 1—d d ]. 2 d d 1 2,2 TLd
a—a = (2 — d)O{ /d l’§ (ap¢max> - ot /d x§m ¢max - E (223)
Deduzimos de (222) que
9 _
% /ddx (&qumax)2 —m? / ddxgbfnax — an. (224)

Resolvendo as Eq. (220) e (224)
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/ A% (0, Pmax)” = nd, (225)
m? / dzg? . =n(4—d). (226)
Podemos usar estas duas equagdes ou, ao invés disso, usamos apenas a equagao (220),
para obter

[ 5 [@ubu® + 262, ] = 20 (227)

Agora Ypax (1) (relacionado a ¢y por meio da Eq.(217)) é uma quantidade adimensional

e dada que sua correspondéncia com ¢, tem uma acao finita, temos que

A=y [ duot, (228)

¢ um numero finito e estritamente positivo. Com A conforme definido acima e usando a

Eq. (217), temos que

Gmax (T) = md/2-1 (%) s Omax (W) - (229)

Assim, |pmax| ~ /1, desde que a equagao para o qual Y., ¢ uma solugao, a saber a Eq.
(216), ¢ independente de n. Dal entdo, combinando as Eqgs. (227) e (229) junto com a

definigao (228), nds temos

d—4
Seff [Pmax] =2n —nln (Anz n2) , (230)

do qual podemos ver que

1 (="

A d—4\ "
cn[¢max]~707(n—l)!ln( WZ ) . (231)

Podemos observar que os coeficientes ¢, [pmax] exibem um padrdo de comportamento de

crescimento dependente de um fatorial.
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Agora, vamos derivar a aproximagao gaussiana de ¢, [¢] sobre ¢na,. Para que

possamos fazer isto, vamos primeiramente efetuar a seguinte mudanca de variaveis

¢ () =m?* "y, (ma), (232)

de modo que a agao efetiva torna-se (com u = mz)

S [Gmax] = % / d*u [y (u) [~V + 1] ¢ (u)] —nln (A”ZH / due! (u)) . (233)

Com a mudanga de variavel descrita em (232), fazemos a definigdo

¢max (l’) = md/2_190qmax (u) s (234)

e efetuando a expansdo em Taylor da acao efetiva em torno de @qmax (u) :

_ d 0Ses1 [¢4]
Serf gl = Seps [Pgmax] + / duidg (wr) = = B () |y
1 0%Seys [¢4]
+5 /ddu1ddu2¢q (u1) g (uz) 50y (un) 00, (W) |,y (235)
Agora,
0S5, 4
SO [, 4 1) 0y () = g ()8 o = ). (230)
€
0% Seys [¢4] 4n
56, (1) 00 (1) [~V + 1] &g (w) = W?’qﬁ (u1) 6 (w1 — us)
16
o (bf(u 204 ) 5 1) (237)
g (U1
Por construcao
05ty [¢q] —0. (238)

6pg (ur)
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Para calcular a Eq. (237) em ¢, = ¢gmax, n0s usamos a definicao (228) e a Eq. (229)

para deduzir que

1/2
¢qmax (l’) = (%) ¢max (U) ) (239)
/ d*udy (u) = 4772, (240)
e assim
0%Sets [$q] B ) )
o 1) 00 () g, T Smas] O ) 6y o)
+ %spfnax (ul) Sof)nax (UZ) . (241)

Desta forma, a aproximagao gaussiana para ¢, [¢] em torno de ¢y, é dada por

L (=1)" Amd=4\"
Cn [Omax] ~ 70(273 (n—l)!ln< n:il >

X exp <—% / dduldduzqﬁq (uq) [—Vil +1 302 (ul)] § (ug — uz) ¢ (UQ))

coxp (= [ @ity (1) | b (1) )] n (). (22

Esta aproximagao torna-se exata no limite em que n — oc.

Podemos notar claramente com o que foi apresentado acima como a expansao em
Taylor da f[¢ (x)] em poténcias da constante de acoplamento A falhard em convergir de
maneira dominada. A expansao fy [¢ (x)] consiste do termo de ordem zero (uma gaussiana
pura) acrescido de picos sucessivos. Enquanto que a largura destes picos permanecem
constantes, a sua altura absoluta cresce fatorialmente com a ordem da expansio (com a
posigao do pico aumentando de forma proporcional a raiz quadrada da ordem). Até um
certo valor critico x = z.y (com TN < Tpax = v/2n), o cancelamento entre os picos
sucessivos ¢ praticamente exato e fx [¢ ()] aproxima-se do integrando interagente com
um alto grau de precisao. Todavia, além deste valor critico, comeca a emergir um pico
final e este nao é cancelado por nenhum outro posteriormente e, a medida que N torna-se
cada vez maior, este permanece praticamente nao cancelado pelos picos prévios. Para
estes valores de z, o supremo da diferenca entre a expansao de Taylor e o integrando

exato é da ordem da altura do tltimo pico e, como tal, cresce fatorialmente com N. Além
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do mais, a largura deste aproxima-se de uma constante finita e diferente de zero quando

N — oo de forma que hé uma regiao para o qual

[/~ O((n=1)1). (243)

Estd claro para nés que nao ird convergir para o valor real de fy [¢ (z)] de uma maneira

dominada, pois qualquer fungao positiva h(x) com a propriedade

|fn] < h(x) VN, (244)

nao ¢ integravel, uma vez que tal fungao deve conter um pico e desta forma cobrird uma
area cujo crescimento é fatorial com a ordem.

Assim sendo, concluimos que a aproximagao gaussiana para cy [¢ (z)] (dada pela
Eq. (242)) consiste em uma medida finita e independente de N e nds concluimos que o

desvio de fy [¢ (x)] com relagao a f [¢ (x)] é da ordem de (n — 1)! nesta regiao.

3.3 Quebra da Teoria de Perturbacao em Altas Temperaturas

Nesta secao, discutiremos brevemente como o método perturbativo quebra quando
consideramos que o sistema esta em um limite de temperatura muito alta. No Capitulo
anterior calculamos a aproximacgao de um lago para o potencial efetivo do modelo de dois
campos escalares complexos interagentes e afirmamos que esta aproximagao somente era
valida no limite em que a teoria de perturbagao converge. Vejamos como esta palavra de
caultela é justificavel.

Para que possamos ver se a série perturbativa é bem comportada, precisamos
considerar os termos de ordem mais alta na expansao. Vamos considerar por exemplo a
massa térmica mg. Para ordem de um lago, a contribui¢ao para massa térmica ¢ dada

pelo diagrama de ordem A,

Q (245)

que nos fornece como contribuicao térmica para massa o resultado

24
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Na ordem de dois lacos, a massa térmica recebe a contribuicao devida a dois diferentes

diagramas, mostrados na figura abaixo,

+ % (247)

O resultado em altas temperaturas para os dois diagramas em (247) é dado por

m(2) = — NT .
8 384m

(248)

Comparando este resultado de segunda ordem com a contribuigao de primeira ordem para
massa térmica, concluimos que para a aproximacao de primeira ordem ser confiavel em

temperatura finita devemos ter

\273 / T2\ AT <1
384m 24 ) 167m ’

além do requerimento usual para expansao perturbativa, A\ < 1. Esta claro deste resul-

tado que em temperaturas suficientemente altas, para valores fixos de m e A a aproximacao
perturbativa quebra. Um outro problema sério relacionado ao resultado (248) consiste
na singularidade no infravermelho que surge quando m — 0. Esta singularidade é devido
apenas a topologia do diagrama de primeira ordem dado por (245). Embora divergéncias
no infravermelho sejam inerentes a quase todas as teorias de perturbacao, quer em tempe-
ratura zero, quer em temperatura finita, temos boas razoes para nos preocuparmos espe-
cialmente com esta. Em primeiro lugar, a contribuigdo dada por (248), entra como uma
correcao para massa térmica, e além disso, participa na solugao do polo do propagador,
que é por suposicao, uma quantidade fisica. Em segundo lugar, em temperatura zero,
um famoso teorema como como é o caso do teorema de Kinoshita-Lee-Nauenberg [28]
demonstra que as singularidades que aparecem em estagios intermedidrios cancelam-se
nos resultados fisicos finais. Entretanto, um argumento crucial da versao do teorema de
Kinoshita-Lee-Nauenberg é a restricao do deslocamento da massa em todas as ordens que
é a unica quantidade considerada aqui. E, finalmente, este deslocamento de massa entrara
em quantidades fisicas fazendo o papel de um cut-off cinematico e aparecera, por exem-
plo, na taxa de producao de particulas leves fracamente acopladas em um banho térmico.
O que, entao pode ser feito com relagao a esta divergéncia de infravermelho 7 Como ela
nao pode ser cancelada, entao pode-se usar um regulador de infravermelho. De fato, um

regulador 6bvio é a prépria massa térmica obtida em primeira ordem dmg. Neste caso, o
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comportamento resultante é

em® = 0 (A\/XT2> . (249)

Isto é, o resultado é ainda aceitavel perturbativamente uma vez que ele é menor que a
correcao anterior. Infelizmente, este argumento nao sobrevive para correcoes de ordem
mais alta. Assim sendo, mesmo atribuindo um nimero arbitrario de diagramas de um
lago, como o da Eq. (245), as linhas do propagador, obtemos sempre a mesma corregao
52m532) =0 ()\\/XT 2). Um ntmero infinito de diagramas contribuem para a mesma
ordem na constante de acoplamento. Isto nos mostra claramente a quebra da teoria de
perturbacao em temperatura finita. Por outro lado, este subconjunto infinito da maioria
dos diagramas infravermelho pode ser ressomado. Isto nao é mais do que uma expansao

em Taylor cujo termo de contribuicao de um laco pode ser expresso como

© m2N g \N T 1 o0 1
B
W = w 2
Z:o N! (8m2> /kd et — 11 /kd efw — 1’ (250)

m mg

que é equivalente a substituir m? por m? — m? + dm? no termo de um laco. A integral
em (250) é perfeitamente bem definida para qualquer valor da constante de acoplamento.
Visto desta perspectiva, as divergéncias de infravermelho surgem de uma expansao equivo-
cada de v\ em torno de zero. Esta discussio simplificada pode claramente ser estendida
para teorias mais complicadas, por exemplo para o modelo padrao, onde o problema de
divergéncias de infravermelho é evidente em altas temperatura, quando as massa dos bo-
sons de calibre my (¢.) e mz (¢.) anulam-se e esquemas de ressoma de contribui¢oes em
ordem de laco mais altas, ou métodos nao-perturbativos devem ser usados para se estudar
os detalhes das transicoes de fase. Vejamos agora como o método nao perturbativo da

TPO pode ser til para a solucao destes problemas apresentados.

3.4 Teoria de Perturbacao Otimizada

Suponhamos que desejamos calcular alguma quantidade como, por exemplo, o
valor esperado no vacuo para uma teoria de campo escalar descrita por uma densidade de
Lagrangiana £, em algum sistema cuja dinamica seja governada por uma dada agao S.
A aplicacao padrao da TPO para uma teoria descrita por esta densidade de Lagrangiana

inicia-se com uma interpolacao definida por
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L0=(1=8)Lo(n)+L="Lo(n)+6(L—Lo(n)), (251)

onde Ly (n) é a densidade de Lagrangiana de uma teoria solivel que pode conter um
parametro de massa arbitrario (). A densidade de Lagrangiana L£° interpola entre a
parte solivel quadrética Lo (1) (quando § = 0) e a original £ (quando 6 =1 ). De modo

similar, a agdo ordinaria é substituida por uma acao 6 modificada da forma

S§ = So + 0 (S - So) 5 (252)

onde Sy = Sy (n) é alguma acdo soluvel que dependa de algum parametro variacional
artificial n (cuja generalizacdo para um conjunto de parametros variacionais {n;}, seja
ébvia). A escolha para a forma de Sy néo é prescrita a priori pela TPO mas, em geral,
uma acao conveniente possa ser inferida do contexto, embora nao signifique que seja
a Unica possibilidade. E aconselhdvel que Sy reflita pelo menos alguma das simetrias
pertencentes a acao original. Nota-se que a acao ¢ modificada interpola entre Sy e S a

medida que

S(;:l - S, 55:0 = So. (253)

Devemos ressaltar aqui o fato de que a presenga do parametro § tem como tnica finalidade
nos permitir a expansao consistente de todas as quantidades desejadas até uma certa
ordem de §. No fim dos calculos atribuimos a d o valor 1. O ponto realmente crucial neste
método esta na dependéncia de Sy sobre o parametro variacional 7.

Para ilustrar como isto ocorre, vamos supor que desejamos calcular uma certa quan-
tidade Py até uma dada ordem N em 6 (onde o subscrito se refere a ordem da expansao) e
entao tomamos 6 = 1 . Truncar nesta ordem significa Py que retém alguma dependéncia
sobre o parametro nao-fisico. Consequentemente, precisamos de algum critério bem defi-
nido para selecionar os valores mais convenientes do parametro variacional. Enfatizamos
que este critério deve ser um procedimento bastante geral e que, desta forma, nao dependa
do modelo em consideracao.

Um critério bastante comum e que tem sido usado com sucesso ja ha algum tempo
¢ o chamado principio de sensitividade minima (PSM) [29], originalmente discutido com
referéncia a ambiguidades em esquemas de renormalizacao, onde 7 é escolhido como sendo
estacionario no ponto onde a expansao é truncada, onde a dependéncia é minima, isto é,

onde impomos que
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2N —o (254)

onde a motivagao para a aplicacao deste critério reside no fato que enquanto que alguma
solucao truncada depende de 7, pelo menos localmente, Py ¢ independente de 7.

E crucial notar que este procedimento deve ser aplicado numa dada ordem N na
expansao, de modo que n adquire alguma dependéncia dos parametros do modelo, em
particular, das constantes de acoplamento. E por meio da fixagao de 7, pelo critério
variacional apropriado, que correcoes nao perturbativas sao geradas. Por outro lado, se
n fosse fixado independentemente da ordem de N na expansao, entao a TPO teria um
raio de convergéncia igual a zero, do mesmo modo que teoria de perturbagao ordinaria.
E esta caracterfstica da dependéncia da ordem na TPO que nos permite conseguir uma
sequéncia convergente de aproximantes em nitido contraste com as séries assintoticamente

divergentes obtidas por meio da teoria de perturbacao convencional.

3.5 Indo além de Teoria de Perturbacgao - Uso da TPO

Vimos na segao 3.2 que a falha na expansao em Taylor do integrando em con-
vergir para o integrando exato de maneira dominada, o que torna invalido em teoria de
perturbagao a troca entre a soma e a integral. Uma solucao para este problema seria
multiplicar o integrando por alguma func¢ao caracteristica que modificara o integrando
perturbativo na regiao onde ele é fortemente desviado do integrando exato, sem contudo
provocar nenhuma altera ¢ao significativa na regiao onde hé uma correspondéncia bem
proxima entre os dois. Claramente este procedimento é dependente da ordem, uma vez
que nesta regiao espacial do campo para o qual ha divergéncia entre fx [¢ ()] e f[¢ (2)]
depende da ordem da expansdo. Foi sugerido em [27] que um candidato apropriado para

o papel de funcao caracteristica é

M

W (M,u) = e’M“Z

n=0

(Mu)"

n!

: (255)

onde M é um inteiro positivo. A fungao W (M, u) pode ser generalizada para W (M, u, 1)

onde

M—i

W (M, u,i) = e M Z

n=0

(Mu)"
Ml

(256)
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e 1 ¢ um inteiro fixado. Encontramos esta generalizacao no contexto da discussao envol-
vendo a TPO. Por enquanto, focalizamos nossa atencao sobre a escolha da definigao (255)
e seu uso para construir séries convergentes.

A razao para a escolha de (255) como representagdo para fungao caracteristica é
que se u é substituido por uma forma quadratica positiva definida da forma (¢ |D| ¢)/Cly,
onde D é algum operador de derivada segunda de nossa escolha, entao a modificacao

resultante do integrando perturbativo,

Cn [¢max] = Cp [quax} X ]\/lllgloo w (M7 <¢ |D| ¢>/CN)

LD lim e (Sin)" W (M, (¢ | D] ¢)/Cx), (257)

7(] 2T M—oo

produz uma série de gaussianas multiplicada por monoémios, permitindo-nos usar a técnica
dos diagramas de Feynmann para integra -las. A quantidade Cy é uma constante que
depende de N (ordem da expansio) para excluir a regiao no espago de fases onde o inte-
grando perturbativo nao exibe convergéncia dominada. Dessa forma, a integral funcional
tem um corte na regiao para o qual (¢ |D]¢) > Cy e o comportamento fatorial dos coe-
ficientes perturbativos é atenuado. Com esta modificagao o tipo de integral funcional a

ser calculado tem a forma

o exp { = [ a's |5 @01 + gme? + (Do) /x| |

X ( / d%% 4)n ( / ddng)ng)m. (258)

Devemos também notar que a construcao de uma série convergente nao conflita
com o fato da fun¢do Z(A) nao ser analitica em A = 0. Precisamos ter em mente que, em
primeiro lugar, nao se requer que a sequéncia de funcoes analiticas convirjam para uma
funcao analitica e, em segundo lugar, a constante Cy, que fixamos ordem a ordem, pode
ter alguma dependéncia implicita sobre A\, que é o caso da TPO.

Examinemos agora o mecanismo pelo qual a TPO produz séries convergentes. To-
memos como exemplo o oscilador quantico anarmonico (cuja propriedade de convegéncia

foi examinada em [30]), caso em que a agao ¢ substituida pela agao J -modificada
1d%¢ 1 g WP a
A _<2_)2_<4__2> 9
s / {2dt2+2m+2ma¢+4! s (259)

onde « para nés constitui apenas um parametro nao-fisico que sera fixado por meio do
critério PSM.



75
Suponhamos que desejamos calcular a funcao de particao para esta teoria até a

ordem N. Expandimos a parte interagente da a¢ ao em poténcias de ¢ (e ao final tomamos
d = 1), obtemos:

fn - 4 ful- a1 3w )]

X Z (—nﬁ)“% <)\ / dt et — 22“ / dt¢ )n (260)

n=0

Expandimos o binémio por fazer uso da seguinte identidade

al n bn o & (_1)Z 1 ib(nfl)
HZ:O n! (a - n nZ:O; 1! (n—@)'a
N N ;
(_1)Z 1 i1 (n—i
- ;; i! (n—@)'ab( )
N i S N—
= z; — TZE (261)
i= k=0

Com esta defini¢do podemos reescrever a Eq. (260) como

2
Zn (m, N\, a) = Zi[dqﬁ]exp{—/dt[%%—i—Q( 2+ﬁa)¢2}}

x i i ( /dt¢4>i LVZ:O o (220‘ /d ¢2)k] (262)

=

Uma inspegao minunciosa da Eq. (262) nos mostra que na TPO cada integrando pertur-

bativo é modificado de acordo com (mudando o indice i — n)

70 (6 (@)] = =V oy oS0 (5,07 W (M, (61D] 6)/Ci) (263)

Z(] nl Moo

com u substituido pela forma quadrética ()\ /24m [ dt¢2) /Cn onde Cy=N/a, o que estd
em nitido contraste com a nossa tentativa de modificar a teoria de perturbagao onde
escolhemos modificar cada um dos coeficientes ¢, [¢ (z)] pela mesma fungao W (M, u), e
entao tomar o limite M — oo. Se nds escolhemos para a quantidade nao-fisica « a escala
em que o ~ N2/3 (foi rigorosamente provado em [30] que esta escala gera uma sequéncia
convergente na TPO), entao nds estamos modificando cada um dos coeficientes ¢, [¢ ()]

pela funcao que se aproxima da fungdo 6 (como a ordem de N da expansao tende ao
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infinito) na regido espacial do campo para o qual

A dt¢? < N2, (264)
24m

Podemos ver que a TPO (por conferir um mecanismo ativo [30], como oposto ao
método sugerido inicialmente que é chamado de passivo pois cada integrando perturbativo
¢ multiplicado pela mesma fungao caracteristica) é uma melhoria sobre o método passivo
uma vez que gera uma sequéncia que converge mais rapidamente para a resposta correta.
Para vermos isto, notemos que para grandes valores de /N os primeiros poucos termos da
TPO (que é o caso para i < N) sdo multiplicados essencialmente pela mesma fungao e
temos, em esséncia, um método passivo para ordens baixas. Por outro lado, para ordens
mais altas (i < N) a funcao W (M, u, 1) aproxima para uma fungao 6 mais rapidamente.
Isto pode ser comprovado se olharmos brevemente uma das caracteristicas da fungao

W (M, u,i). Quando temos que u > 1 entao

W (M, u,i) < uteNmu-(u=bl, (265)

Notamos em (265) a presenca do termo u~* multiplicando a quantidade exponencial. Tal
termo claramente sera mais significativo para valores de ¢ mais préximos de N, conduzindo
a uma forte convergéncia. Portanto, podemos perceber o modo como a TPO prové uma
sequéncia convergente para a teoria A¢*. Vemos que ela gera um regulador (cut off ) nas
a reas espaciais do campo para os quais a expansao perturbativa ordina ria nao exibe
convergéncia dominada e ainda nos fornece um mecanismo de convergéncia mais eficiente

que o método passivo delineado na segao 3.2.
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4 APLICACAO DA TPO PARA O MODELO DE DOIS CAMPOS
ESCALARES COMPLEXOS INTERAGENTES

Neste capitulo, estenderemos o método da TPO para tratar o problema da estru-
tura de fases no modelo de dois campos escalares complexos interagentes, introduzido no
Capitulo 3. Faremos uso da expansao até a segunda ordem na TPO e calcularemos de
maneira sistematica todos os diagramas que contribuem para a auto-energia incluindo os
resultados para a temperatura critica bem como seu comportamento. O estudo da massa
térmica até a segunda ordem usando a TPO nos auxiliard no estudo das fases no modelo,
acessando ao mesmo tempo o regime nao-perturbativo do modelo. A justificativa para
calcularmos a massa térmica e nao o potencial efetivo, como fizemos no Capitulo 3, é que,
para O (6?), o célculo do potencial efetivo implicaria no calculo de funcoes de vdcuo até
ordem de trés lagos, o que se tornaria extremamente complicado os célculos em tempe-
ratura e potenciais quimicos finitos. Em todos os momentos estaremos trabalhando com
o limite de altas temperatura, isto é, no regime onde a temperatura é muito maior que
os parametros de massa apropriados da teoria. Com estas correcoes geradas pela massas
térmicas para os campos, estaremos aptos para investigar o aparecimento de ISB/SNR

para um modelo multiescalar em temperatura e potenciais quimicos finitos.
4.1 Corregoes para Massa Térmica na TPO
Vamos agora mostrar como podemos obter as correcoes para massa térmica até a

segunda ordem na TPO para o modelo multiescalar considerado no capitulo 3. Lembramos

que a densidade de Lagrangiana para este modelo é

A
L(6.670.07) = (9,0)(9"9) +mie’ + [ (60")°
A
+(0u) (09)" + me® + L) + Meo") (). (266)

Para o modelo interpolado, a acao d-modificada, de acordo com a prescricao dada pela
Eq. (252), é dada entao por

S% (B, g, 1) = Sp (B, tigs bp) + S (B, thgy fiw) + 5% (B, g, 1) (267)

com
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2
Sy (B, s pry) = /d4x¢* [— <8_7 - M¢>) +VI+ Q51 6
T
2
+ /d%d)* [— (% — /w) + V2 + Qi Y, (268)
T
oA
St o) = [ e |52 ol - oo
T
oA
+ /d413 [ L () - 577510*14
T
[ dan) o), (260)
T
e agao de contratermos de renormalizacao definida por
0 _ 4 O g% | ﬁ . ? 2 §O2 1%
S (Biwpe) = [ o4 |- (5L —pa) + V2| o+ BiZ0
T
2
+ /d%; {Agw* — (% - /w) + V2| 1+ Bi,Qi@Z)*@b}
T
+ / d‘*w[ €322 (5°¢)? - 0B 2¢*¢}
¢4 ¢l
T
oA
+ / cm[ Cl=" (U 9)" = dBumiy” w]
T
+ [ dicanes) v, (210)
T

Nas equacoes acima introduzimos o parametro §2;, com i = ¢, v, dado em termos dos
parametros variacionais 7; por Q7 = m? + n?. A notagao fT d*r indica que as integrais
sao feitas no espaco de Minkowski, a temperatura finita.

Em seguida vamos efetuar os nossos calculos para a massa térmica até a O (6?%).
Posteriormente, usaremos a regularizacao dimensional para renormalizar a teoria. Como
jéa discutido no Capitulo 4, os parametros n; tornam-se funcoes dos parametros originais do
modelo, incluindo as constantes de acoplamento apods a condicao variacional apropriada,
que nos nossos calculos, é aplicada diretamente sobre as massas térmicas, procedimento

esse também adotado em [8,25]. Como jé discutido no Capitulo anterior, é dessa forma,
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pela aplicagdo de um principio variacional sobre as quantidades fisicas sendo calculadas,
que o comportamento nao perturbativo surge na TPO. Como também discutido nas Refs.
[8,25], uma vez que a aplica¢ao do principio variacional gera também parametros da TPO
dependentes da temperatura, o processo de renormalizacao deve ser realizado antes da
aplicacao do mesmo, tal que a renormalizacao acaba se tornando idéntica a realizada na
teoria normal em 7" = 0. O procedimento de renormalizacao que utilizamos segue de
perto ao usado em [25] e é baseado em [31]. Os detalhes do processo de renormalizagao
podem ser vistos no Apéndice 2.

Como inicio de nossos calculos, definimos as regras de Feynmann no espago das

frequéncias na presenca de carga, que segue diretamente das expressoes em (268) e (269):

1. A cada linha de propagador é atribuido um fator

. . -1
A (iwp, k) = [— (twn, + ,uj)2 + w?k} , (271)
onde i = ¢, 1, w, =2mn/f e wj = /k? + Q? e a seta segue na direcao do fluxo do
momento;

2. Atribuimos um fator —d\; a cada vertex de auto interacao, e um fator —d\ para os

vértices de acoplamento mutuo entre ¢ e v;
3. Atribufmos um fator —n? a cada insercao (interagao) gerada pela TPO;
4. Integramos sobre toda linha externa com peso TS, [ d®k/ (27)%;

5. Deve haver conservacao de carga em cada vertex, isto é o nimero de setas entrando

em um vértex deve ser igual oa nimero das que saem;

6. Atribui-se o fator de simetria apropriado a cada diagrama.

Agora nés estamos aptos para estimar as corregoes para as massas térmica para os

campos ¢ e 1, via suas correcoes de auto energia, geradas dentro do método da TPO,

M2(T, iy p13) = Q2 — 2 + 117 (i, p) (272)

com as correcoes de auto energia para os campos, HE‘S") (iwn, p), calculados até ordem
O(0™) em TPO e definidos na casca de massa (on-shell), ou seja para iw, = ; — ;
p = 0. A escolha do quadrimomento sera discutida mais a frente, quando calcularemos

os diagramas de dois lagos que carregam momento externo.
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Figura 5 - Diagramas referentes as contribuigdes para as auto energias dos campos até
segunda ordem na TPO. Linhas cheias nos lagos (loops) se referem ao
propagador de um campo %, enquanto que linhas pontilhadas ao propagador
de um outro campo j (i, = ¢,1). Os pontos cheios sado inserc¢oes de (577? e 0s
pontos cruzados referem-se a correcoes de renormalizacao de massa (se estao
sobre um propagador) ou de renormalizacao de constante de acoplamento (se

estao num vértice).
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Fonte: O autor, 2011.

Todos os diagramas de Feynman que contribuem para HZ@Q) (iwn,, p) até segunda

ordem na TPO estao representados na Figura 5. Nos cdlculos seguintes vamos estar nos

referenciando sempre aos diagramas ali representados.

4.1.1 Massa Térmica em Primeira Ordem

Vamos iniciar nossos calculos com a determinacao das massas térmicas em ordem
mais baixa na TPO, ordem ¢§. Nessa ordem, as contribuigoes relevantes sao, que corres-
pondem aos trés primeiros diagramas mostrados na Figura 5. Seguindo a ordem dos

termos mostrados na Figura 5, temos que
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e = o (273)
d’k
(§]
] d°k
6 .
%) = oA > / WAJ (iwn, k) . (275)

A soma nas frequéncia de Matsubara nas Eqgs. (274) e (275) pode ser tratada de
uma forma eficiente e concisa por fazermos uso da representagao mista do propagador de
Matsubara em temperatura e potencial quimico finitos, dada pela Eq. (86), obtida no

Capitulo 2, que ao tomar avaridavel 7 = 0, nos da os resultados para (274) e (275),
1 Pk 1
H@):(m/—— 1+nf +n,], 276
7,2 (277')3 2Wki [ i,k z,k’] ( )

e analogamente para a Eq. (275). A integracao sobre os momentos na Eq. (276) pode ser

realizada separadamente sobre o termo que independe da temperatura,

3
Xo= [ 25 (277)

(2m)° 2wi

e o termo dependente da temperatura:

Pk 1
Xr= — [nf A 2
T / (27‘(‘)3 2(*)]@ [nz,k + nz,k} ( 78)

A integracao no momento no termo independente da temperatura, X,, pode ser

realizada usando a técnica de regularizagao dimensional [13—15], para obter

Yoo E [l (C ) o S0 (279)
0= Torz | 2 T M \ampaz) 77 o

onde M ¢ a escala de massa introduzida pela regularizagao dimensional e € é o parametro
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em que a divergéncia ultravioleta é expressa (para e — 0).
O termo de temperatura finita é obtido ao se definir em (278) = = Sk, y; = 5, e

ri = i/, tal que a integral em momento pode ser expressa na forma

T2
XT = ﬁhg (yu Ti) s (280)
onde
RE (yi, i) = h (i, 7s) + h (ys, —74) (281)
e

x? 1

1 o0
h(yi,ri) = —/dw
I'(3 2 2 2 2
()0 VIt +y exp(x/xi#—yi—riyi)—l

(282)

Em seguida podemos usar a expressao para a expansao em alta temperatura (para y; < 1)

para a Eq. (281), mantendo r; fixo, dada por [32]:

2

2
T TY; Y; Yi 1
he (y;,ri) = — — 1—r2 -2 ] <_> R g I
(Yi, 74) D 1 T3 2 {n ym + v 2—1—7“1 +

Juntando os resultados acima para os termos de T'=0 e T # 0, os diagramas em

primeira ordem na TPO nos forneceram o seguinte resultado

Hgél) = (5771.2
N2 T1 0?2 ST
nket 20 By | i 1 T pe T
+ 167T2 |:€+ n(47TM2)+7 :| + 7T2 <y77")
T {E i (zm(ﬁ) T 1} + 5 h () (283)

o que nos leva ao resultado para a massa térmica em primeira ordem na TPO,
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1
+ 0N [— + Xi(T):|

1672¢
1
-+ X(T 284
. 6)\{167T2€+ A )], (284)
onde definimos
(T) = T 1—72+4 B [L(T) — 2r7] (285)
12 4r ¢ 1672 el

e por conveniéncia para representar os resultados em segunda ordem na TPO que reali-

zaremos em seguida, definimos também as funcoes:

L(T) = {m (4]7\}—22) - 7} , (286)

T 1 1
Yi(T) = _ L(T 9
1 02 2 2
Z.00) = = |1 i T 9
wio) = L (- Yoo s kT (289)
W= 1M e ) T 2 12

Finalmente notamos que as divergéncias em 1/e aparecendo em (284) podem ser

canceladas se definimos um contratermo de renormalizagao de massa, dado por

@ ___9 2, 0?2
Mg, = =153 N +207) . (290)

Esse contratermo de renormalizacao de massa pode ainda ser interpretado como um vértice
de interagao sendo adicionado na acgao original e vai contribuir em ordens superiores na
expansao na TPO, em particular em nosso célculo em segunda ordem a ser realizado

abaixo. A representacao diagramatica desse contratermo de massa estd mostrada na
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Figura 6 - Diagramas contribuindo para o contratermo de renormalizacao de massa em

primeira ordem na TPO.

-
—

Fonte: O autor, 2011.

Figura 6.

4.1.2 Massa Térmica em Segunda Ordem na TPO

Para a ordem O (§?), temos contribuigoes para a auto energia dos campos vindo
tanto de diagramas independentes do momento e também dos diagramas naao triviais do
tipo “sol nascente” (settingsun), dependentes do momento externo, representados pelos
dois ultimos diagramas mostrados na Figura 5.

Vamos primeiramente considerar os diagramas independentes do momento, que em
O (6%) podem ter um ou dois lagos. Nesta ordem, a contribuigao a um laco independente
do momento sao representados pelos diagramas 4 a 9 mostrados na Figura 5. Usando
as defini¢oes (285)-(289, apresentamos abaixo os resultados para esses diagramas. O

primeiros dois desses diagramas sao dados explicitamente por

1
1L 4 = 62\ ( To=r YZ-(T)) , (291)
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e analogamente,

;5 = 6°A\n; ( + Yj(T)> : (292)

1672

Em seguida temos as contribui¢oes vindo dos contratermos de massa tanto para o campo

” 50 ”» 49
[

¢ como para 1) (na nossa notagao, podendo ser termos do tipo ”i”ou ” 57, para representar

¢ ou 7). Essas contribui¢ao sdo dadas explicitamente por

M) = =225 [0+ 202
1 1 Z,0)
—— 4+ Y(T)- 2
< N gmzz P+ 2| (293)
e
(6%) 0*\ 9 5
My = =5 6+ 202
1 1 7;(0)
—— 4+ Y.(T)- J ) 294
16722 i )5 1672 (294)

Notamos também que para a renormalizacao necessitamos além dos contratermos de
massa, contratermos de renormalizacao de vértice, conforme descrito em detalhes nas
referéncias [8]. A representacao desses contratermos de renormalizagao de vértice e os

diagramas que geram eles, sao mostrados na Figura 7.

A contribuicao de renormalizacao de vértice dado pelos termos mostrados na Figura

7 gera os seguintes contratermos de vértice:

2

Ci = gppz (

5A7 +4XN%) (295)

para os dois primeiros diagramas mostrados na Figura 7, e

82N N 52\
872 1672

(A + ), (296)

para os trées ultimos diagramas mostrados na Figura 7. Desses contratermos de vértice
podemos gerar o oitavo e nono diagramas mostrados na Figura 5. Esses diagramas sao

dados por



Figura 7 - Diagramas contribuindo para o contratermo de renormarmalizacao de vértice.

Note que essas contribuigoes sdo de segunda ordem na TPO.
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Fonte: O autor, 2011.
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2 1 &2
n?) = _5127r2 (572 4 40%)
0? 1 02
L X,(T)= LW, 2
X {1677-252 Z( )5 + (1671'2)‘%(0)}7 ( 97)
€
(52) 52 )
I, = T 222+ A (A + A))]
Y xmls W;(0 298
16722 i )g+16772 5(0) ¢ (298)

Chegamos agora nas contribui¢ao de dois lagos, independente do momento externo,
que é dada pelos décimo, décimo primeiro, décimo segundo e décimo terceiro diagramas

(double-scoops) mostrados na Figura 5. Esses diagramas sao dados por

L {—162;52 2 [X() —Q?K-(T)}}
- PN - o [20) 4 W, (299)
2 2. 02
nf) = -5 {-ps + o - v }
02
— AN {Xj(T)Y;(T) ~ ooy 40 + Wj(O)]}, (300)
nf) = e L @ - o)
_ 52%{ X(T)Y;(T) - (1697;‘2)2 [Zj(0)+m(0)]}, (301)
2 2y 02
nf) = T { e+ o - ey |
0?2
- e KW - s 20+ wo | (302)

Finalmente chegamos nos diagramas mais complicados, de dois lagos e dependentes
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de momento externa, dados pelos dois tltimos diagramas mostrados na Figura 5. O
primeiro desses diagramas foi calculado em detalhes na Ref. [26] e aqui damos entdo

somente o resultado final encontrado pelos autores dessa referéncia:

() EN2 N2 SN

M T QemePe | (16527 (167r2)225
30%)2 (T2 TQ e AnT? >
167rs{ i€ 327?2{ (M2>_7_ ’n}}

302)\2Q)2 92 17 Q2

S p? [ — 2v — — | In 1.9785
e " (o Mz>+<v ) (o) 107
B 302\2 W Q2 o

1672 4 M? "

y T2 TQi\/i Q? | 4 T? 1+ L2
12 4rx TR Ve g T

52NIT™? Q2 3 2r?
My [m (T2)+50669+—1n(1—r)— 5 2l2-1)
1 14+
—In* [ —— ) In2|.
L (12 g 309

O 1ltimo diagrama mostrado na Figura 5 é similar ao diagrama de cima, com
a excecao de possuir um dos propagadores internos com termo de massa (e potencial
quimico) diferente dos demais dois propagadores internos. O resultado desse diagrama,
nao encontrado na literatura, foi completamente calculado nesta tese e o resultado que

encontramos é
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520202 1 n2 1 n2 0?2 p2 n2
mé) = A1+ )= (145 ) |3-2y-21 i " n (n?
oo a2\ ety P e )| Tt n ()
1

2

+ i o () o () 1]

§2N20? n? 2
+ 1+ = ) [T+ —=+67+29°—2(3 -2
2(4@4( 2){ g T+ —203-2)

02 L[
(2 ) +2m?(—2_

) n(47rM2> e (47TM2>]
52202 {1 11

2 (4)"*

B (1) )]

52A202 02 1
_ Z2% 3 90 _9] J ~ +1n (n?
2 (4m)" {3 7o em (47rM2> (4 +In (n ))

2 Q. 0202
r {Qm(QlQJ)—m S (1= ) (1 12)

6472 T T2 2
1 1 - 1 ,
— — |In ak In tr In2
272 1-— T 1-— (]
1
— Fmrj (2In2—-1) + 5.0669} , (304)

onde n = QZ/Q]
Com os resultados acima, temos que a massa efetiva, em segunda ordem na TPO,

para os campos pode ser escrita como

5t 5t ot 52 52 52
MiQ(Tv Hi, ,uj777i>77j> = 912 - M?Hfg,l ) + Hi(,Q ) + Hz‘(,?) ) + Hz‘(,4 ) + Hz‘(,B ) + Hz‘(,ﬁ )
52 52 52 52 52 52 52
+ Hz’(,7 ) + Hi<,8 ) + Hv;(,g ) + Hz'(,w) + Hi(,H) + Hz‘(,12) + Hi<,13)
52 5?2
- enl), (305)

i’

4.2 Resultados

Passamos agora para o estudo das diferentes fases do modelo e o processo de
otimizacao que fixa os valores dos parametros da OPT, 7, e 71y, na expressao para a

massa efetiva dada pela Eq. (305).
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Uma vez que obtivemos as massas efetiva My (T, fig, th, Mo, M) € My (Tt fps s Ty )
estamos agora em posicao de aplicar o procedimento de otimizacao e entao obter os valo-
res otimizados de 7, e 7,. Antes de fazermos isso, alguns detalhes técnicos concernentes
ao procedimento de otimizacao devem ser esclarecidos. Primeiro, lembremos que nosso
procedimento de interpolacao foi efetuado de uma forma bem geral por atribuirmos di-
ferentes parametros de interpolacao para cada campo. Embora geral, este procedimento
produz dois parametros arbitrarios que precisam ser fixados por meio do procedimento de
otimizacao, o que obviamente complica o procedimento de obtencao desses termos, pois
temos de procurar extremos no espago 17y, 1. Algumas vezes estes extremos apresentam-
se como pontos de sela, que sao dificeis de se detectar numericamente. Neste caso nés
testamos dois dos mais usados procedimentos de otimizagao, o PSM e FAC. No PSM

procuramos por extremos das massa efetiva,

8M¢2) ‘ 0
Ong g,
8M‘§‘ 0 (306)
Ony \agag

para obter os valores otimizados ﬁz, ﬁi para My, e analogamente para My, para obter os
valores otimizados ﬁi,ﬁ:ﬁ. No procedimento FAC procuramos por valores de 7y, 7y tais

que os termos na ordem 4% para as massas dos campos, Az M;, satisfazem

A2 M oot = 0, (307)
oA T

Ag2 M? =0, 308

524y ﬁ$7ﬁ$ ( )

com os valores otimizados obtidos por se escolher valores minimos para 7;, que sao solugoes
para as Eqgs. (307) e (308), consistentes com a aproximagao de alta temperatura, ou seja,
7; < T, dados os valores de temperatura e potenciais quimicos.

O segundo ponto a ser discutido diz respeito a quantidade que nods escolhemos
otimizar, de acordo com os procedimentos dados pelos critério PSM ou FAC, isto é Eqs.
(306) e (307), respectivamente, para o campo ¢ e equivalentemente para o campo ¥, de
modo a obter os valores de 7;. Por olhar atentamente nossa equacoes, podemos facilmente
ver que, exceto para o caso onde fig = [iy, mé = mi e Ay = Ay, os procedimentos va-
riacionais PSM/FAC aplicados separadamente para M 35 e M2, na mesma temperatura,
pode gerar diferentes valores para o mesmo 7;. Uma forma de evitar isto seria calcular
e otimizar uma quantidade mais compreensiva, como o potencial efetivo. De fato, este

procedimento foi utilizado em outras aplicagdes da TPO, [ver por exemplo. Refs. [33-35]].
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Entretanto, no presente trabalho nao tentamos calcular o potencial efetivo pois, como ja
explicado no inicio deste Capitulo, em O(¢?), implicaria no calculo de fungoes de véacuo
de trés lagos, o que se tornaria extremamente complicado em temperatura e potencial
quimico finitos. Seguimos aqui a prescrigao original dada em [29] onde é sugerido que a
otimizacao deve ser aplicada para cada quantidade fisica diferente, de modo que 7; pode
ser ajustado para a escala de energia relevante. A validade de tal procedimento pode
ser julgada por se comparar nossos resultados obtidos dentro das duas otimizagoes usa-
das aqui, PSM e FAC, mas é também confirmado por resultados anteriores considerando
ISB/SNR obtidos em [8], onde a otimizagao (PSM) foi aplicada para as massas dos cam-
pos (neste caso somente efeitos de temperatura foram estudados naquela referéncia), com
resultados consistentes com aqueles obtidos por meio de técnicas de grupo de renorma-
lizagao [7] [36], que suportam entdo a validade do procedimento 14 adotado. Da mesma
forma podemos supor a validade do estudo feito aqui.

Finalmente, como discutido em [8], podemos facilmente ver que aplicando o PSM a
M? na primeira ordem em d, obtemos valores para 7; que nao dependem dos acoplamen-
tos e que, portanto, nao fornecem resultados verdadeiramente nao-perturbativos nessa
ordem da TPO. Ainda que este nao seja o caso para o procedimento FAC, uma vez que
queremos comparar ambos os procedimentos, entao investigaremos apenas os resultados
generalizados na ordem de §2, ou seja, segunda ordem na TPO.

Noés trabalhamos em unidades de escala arbitraria M introduzida pela regula-
rizagao dimensional, e extremizamos quantidade adimensional M?/M?. Para investigar o
aparecimento de quebra inversa de simetria em altas temperaturas devemos nos assegurar
que as simetrias estejam ja restauradas em 7" = 0. Isto é conseguido por considerarmos
m? > 0 e por se observar as condigoes de potencial limitado quando sao escolhidos valores
para A\ com sinal negativo.

Nossa estratégia de otimizacao numérica é a seguinte. Para os potenciais quimico
[t € [by, € temperatura abaixo do valor predito pela aproximagao de um laco, identificamos
as solucoes no espago 74, 7y, em ambos os procedimentos PSM and FAC. As massa
nas posicoes extremas no caso do PSM, ou solugdes no caso de FAC, sao encontradas
como sendo consistentemente positivas e as solugdes como unicas (e consistentes com a
aproximacao de altas temperaturas, no sentido de que 7y, < T). O extremo é entdo
seguido a medida que a temperatura aumenta com os potenciais quimicos mantidos fixos.
Quando uma das massas torna-se negativa, o valor de 7, é obtido e os valores de 7y, 7y
sao registrados. Posteriormente nds estudamos como os resultados sao obtidos quando o
potencial quimico também varia.

Na Tabela I nés apresentamos alguns dos resultados obtidos para alguns valores
representativos dos parametros. Em todos os casos mj/M? = m7/M?* = 1.0. Logo
acima da temperatura critica apresentada nas duas primeira fileiras, a massa térmica M 55

é negativa, enquanto que M, é positiva.
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Figura 8 - A temperatura critica T,./my para ISB na direcao de ¢, como funcao do
potencial quimico u (= pg = ) para os seguintes valores de parametros:
mi7¢/u2 =1.0, Ay =0.012, Ay = 0.4 e A = —0.03. A linha cheia é o resultado
obtido na aproximacao perturbativa a um laco, a linha tracejada corresponde
aos resultados obtidos pelo procedimento PSM e a linha pontilhada sao os

resultados obtidos pelo procedimento FAC.

30_ T | T T T T

——
———
-~
~

25

Fonte: O autor, 2011.

Notamos dos resultados da Tab. 2 e Fig. 8, que os valores para temperatura
critica (neste caso representando a temperatura critica para ISB na direcao de ¢) em
ambos os procedimentos, o PSM e o FAC, definidos pelas Eqgs. (306) e (307) para ¢
(e equivalentemente para 1)) sdo bem consistentes, produzindo resultados que diferem
por nao mais do que 0.5%. Note também que os resultados sdo sempre maiores que
as predigoes obtidas pela simples estimativa perturbativa na aproximacao de um laco,

definidas por

T?
2 ~ 2 — 2 - . y
Mi(one—loop) =m 1 + 12 ()‘l + )‘) y = ¢a w . (309)

Estes resultados sdo também consistentes com os obtidos na Ref. [8] para o caso sem po-

tencial quimico. A medida que aumentamos o potencial quimico, nés também observamos
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Tabela 1 - Resultados para a temperatura critica para ISB obtida na aproximacao
perturbativa em um lago, na TPO com otimizagao via PSM e otimizagao via FAC,

respectivamente.

Ao [ Ao [N /M | /M| T fmg | TN Jmg | T [mg

0.012 | 0.4 | - 0.03 0 0 25.1899 29.2342 29.2348
0.012 04 |-0.03| 0.66 0.66 19.3976 21.9733 21.9742
0.009 | 0.1 | - 0.01 0 0 109.5445 197.0635 | 197.8150

0.009 | 0.1 | - 0.01 | 0.66 0.66 82.2970 148.3020 | 148.9304
Fonte: O autor, 2011.

Tabela 2 - Resultados para a temperatura critica para ISB obtida na aproximagcao
perturbativa em um lago, na TPO com otimizacao via PSM e otimizacao via FAC,

respectivamente.

No [N [ X T to/M /N[ T frng [T i [ T i

0.012 ] 04 | - 0.03 0 0 25.1899 29.2342 29.2348
0.012 104 | -0.03 | 0.66 0.66 19.3976 21.9733 21.9742
0.009 | 0.1 | - 0.01 0 0 109.5445 197.0635 | 197.8150

0.009 | 0.1 | -0.01 | 0.66 0.66 82.2970 148.3020 | 148.9304
Fonte: O autor, 2011.

da Tab. (2) e Fig. 8 que a temperatura critica para ISB tende a diminuir.

Nas Figs. 9 e 10, mostramos como as massa quadréticas efetivas variam com a
temperatura na aproximagao de um laco bem como nos procedimentos PSM e FAC, para
o caso dos parametros dados pela terceira entrada na Tab.2. Nas Figs 11 e 12, nés

mostramos o mesmo nos valores extremos para o potencial quimico pg = fy, = 0.99.

Noés observamos dos resultados mostrados nas Figs. 9 e 11 que mais uma vez os
dois procedimentos de otimizacao, PSM e FAC, produzem resultados consistentes, com
curvas bem préximas até para valores bem altos para a temperatura, onde comeca a haver
um pequeno desvio mais visivel entre os dois resultados. Notamos também que os resul-
tados perturbativos de um laco sao bastante distantes dos resultados nao perturbativos
gerados pela TPO. Os resultados vistos nas Figs. 10 e 12 por outro lado mostram que
a massa efetiva para 1) nao é muito diferente entre o resultados perturbativos de um laco
e os obtidos com a TPO via PSM e via FAC, com os obtidos via FAC mais préximos dos
resultados perturbativos que os via PSM. Nés esperamos que a medida que valores mais

altos para as constantes de acoplamento sejam considerados, os resultados obtidos com a



Figura 9 - A massa quadrética efetiva para ¢, M(% / mé, como uma funcao da
temperatura, para py = py = 0, mé7¢/u2 = 1.0, Ay =0.009, A\yy =0.1 ¢
A = —0.01. A linha cheia é o resultado obtido na aproximagao perturbativa a
um lago, a linha tracejada corresponde aos resultados obtidos pelo
procedimento PSM e a linha pontilhada sao os resultados obtidos pelo

procedimento FAC.

T T T

— M2¢(1-loop) |
- M2¢(PMS)
MZ(D(FAC) |

|
100

Fonte: O autor, 2011.



Figura 10 - O mesmo que na figura 9, mas para a massa quadratica efetiva térmica para

0 campo 1, Mi/mfp

800— I n I .
— Mzw(l-loop) //-
500L -~ I, (PSM) e
MZW (FAC) /

| |
100 200 300

Fonte: O autor, 2011.



Figura 11 - A massa quadratica efetiva para ¢, Mq% / mi, como fungao da temperatura,
para fip/M = pp/M = 0.99, mgw/M2 = 1.0, Ay = 0.009, Ay = 0.1 and
A = —0.01. A linha cheia é o resultado obtido na aproximagao perturbativa a
um lago, a linha tracejada corresponde aos resultados obtidos pelo
procedimento PSM e a linha pontilhada sao os resultados obtidos pelo

procedimento FAC.

| T T T T | T

— MZ¢(]-loop) I
- M2¢ (PMS)
qu) (FAC)

2
qu)/mq)

-0.02

-0.04

-0.06

Fonte: O autor, 2011.
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Figura 12 - O mesmo que na figura 9, mas para a massa quadratica efetiva para 1,

. S .
30+ — Mzw(]-loop) //i
- Mzw (PMS) /
Mzw (FAC)

Fonte: O autor, 2011.
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TPO devam cada vez mais se distanciar dos resultados perturbativos. Com relacao aos
resultados para a massa efetiva térmica para ¢ no maior valor tomado para os potenciais
quimicos, fy/M = py/M = 0.99, é observado da Fig. 11 que a temperatura critica
para ISB fosse préxima de zero de acordo com a Eq. (309), mas efeitos nao perturbativos

levam a um valor muito maior para 7,, a qual, para os parametros usados na Fig. 11 é
dado por T, ~ 28.34my.
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CONCLUSAO

No decorrer deste trabalho, procuramos investigar a existéncia de ISB/SNR para
um modelo de dois campos esclares complexos interagente, levando-se em conta efeitos
de temepratura e densidade finitas. Para isso, num primeira etapa, encontramos uma
expressao para aproximagcao do potencial efetivo a um laco e, por meio deste potencial
efetivo, encontramos a estrutura de fases para nosso modelo. Mostramos, que a pre-
senca de densidade pode alterar drasticamente os aspectos de simetria para uma teoria
multiescalar, havendo valores desta densidade onde teriamos uma quebra de simetria em
altas temperaturas (ISB), bem como, para determinados valores da densidade, a simetria
quebrada em baixas temperaturas jamais era restaurada (SNR).

Mostramos também que, em especial em teorias de campos em altas temperaturas,
que ha uma necessidade de utilizacao de métodos nao perturbativos para que possamos
encontrar resultados confidaveis. Isto ocorre pois, em altas temperaturas aexpansao per-
turbativa pode quebrar para regime de parametros onde a poténcia das constantes de
acoplamento sao suplantadas pelas poténcias da temperatura, havendo a necessidade de
se considerar os termos de ordem mais alta na expansao. Mostramos ainda, em detalhes,
o mecanismo de quebra para teoria de perturbacao na aproximacao gaussiana e, também
como ocorre essa quebra em altas temperaturas. Nos escolhemos utilizar como método
nao perturbativo a Teoria de Perturbagao Otimizada (TPO), junto com o critério de sen-
sitividade minima (PSM) e FAC, para obter informagoes nao perturbativas e, mostramos
como a TPO pode ser aplicada em uma teoria A¢?, ilustrando a sua superioridade em
realaco a teoria de perturbacao.

Finalmente, uma vez que haviamos desenvolvido toda a estrutura matematica ne-
cessaria, consideramos o caso de um modelo de dois campos escalares complexos com auto
interacao e termo de interagao quadratica entre os campos, levando-se em conta efeitos
de temperatura e, com um potencial quimico finito onde, como ja dissemos, a expansao
perturbativa nao consiste em uma ferramenta apropria para fornecer uma descricao satis-
fatéria para este modelo e, por este motivo, utilizamos a TPO para acessar aos regimes
nao perturbativos da teoria. Calculamos a massa térmica no limite de altas temperaturas
até a segunda ordem na expansao, usando esta quantidade para descrever sua variagao
com relacao a temperatura, encontrar a temperatura critica e como esta pode ser alterada
devido ao potencial quimico. Encontramos, que, para os dois setores da teoria, ¢ e 1,
os valores para temperatura critica (neste caso representando a temperatura critica para
ISB na direc¢ao de ¢) em ambos os procedimentos, o PSM e o FAC, para ¢ (e equivalente-
mente para 1) sdo bem consistentes, produzindo resultados bem préximos. Note também
que os resultados sao sempre maiores que as predigoes obtidas pela simples estimativa

perturbativa na aproximacao de um lago. Estes resultados sao também consistentes com
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os obtidos na Ref. [8] para o caso sem potencial quimico. A medida que aumentamos o
potencial quimico, nés também observamos que a temperatura critica para [SB tende a di-
minuir. Os procedimentos de otimizacao, PSM e FAC, produzem resultados consistentes,
com curvas bem proximas até para valores bem altos para a temperatura, onde comeca a
haver um pequeno desvio mais visivel entre os dois resultados. Notamos também que os
resultados perturbativos de um lago sao bastante distantes dos resultados nao perturbati-
vos gerados pela TPO. Mostramos ainda, que a massa efetiva para ¢ nao é muito diferente
entre o resultados perturbativos de um laco e os obtidos com a TPO via PSM e via FAC,
com os obtidos via FAC mais proximos dos resultados perturbativos que os via PSM. Nos
esperamos que a medida que valores mais altos para as constantes de acoplamento sejam
considerados, os resultados obtidos com a TPO devam cada vez mais se distanciar dos
resultados perturbativos. Com relacao aos resultados para a massa efetiva térmica para ¢
no maior valor tomado para os potenciais quimicos, esperava-se que a temperatura critica
para ISB fosse préxima de zero, mas efeitos nao perturbativos levam a um valor muito

maior para 7..
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