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RESUMO

HOLANDA NETO, O.B. Renormalizabilidade de teorias de Yang-Mills massivas com
um campo tipo Stueckelberg. 2019. 98 f. Tese (Doutorado em Fisica) — Instituto de Fisica
Armando Dias Tavares, Universidade do Estado do Rio de Janeiro, Rio de Janeiro, 2019.

Neste trabalho o operador nao-local invariante de gauge dimensdo 2 A2, | obtido
através da minimizagao de [ d*zA? ao longo da drbita de gauge, permite introduzir uma
configuragao de campo invariante de gauge nao-local Az que pode ser empregada para
construir uma classe de modelos de Yang-Mills massivos euclidianos tteis para inves-
tigar efeitos infravermelhos nao-pertubativos de teorias confinantes. Uma configuragao
totalmente local para A%, e AZ pode ser alcancada, resultando numa agao invariante de
BRST e local que compartilha similaridades com o formalismo de Stueckelberg. Embora,
ao contrario do caso da agao de Stueckelberg, o uso de A2, d4 origem a renormalizabi-
lidade da agao a todas as ordens, uma caracteristica que serd demonstrada por meio de
uma classe de fixagoes de gauge covariantes que, como o gauge R¢ de 't Hooft das teorias
de gauge com quebra espontanea de simetria, fornece uma massa para o campo de Stuec-
kelberg. Além disso, construimos uma configuracao de supercampo transversa invariante
de gauge V' consistindo do supercampo V e de um supercampo quiral tipo Stueckelberg
=. A renormalizabilidade da ac¢ao de Super Yang-Mills no gauge de Landau é analisada na
presenga de um termo de massa m? [ dVM(VH), com M(V*#) representando uma série
de poténcias em V. Ao contrario da acdo original de Stueckelberg, a acdo resultante ¢

renormalizdvel a todas as ordens.

Palavras-chave: Renormalizabilidade. Yang-Mills. Stueckelberg. Supersimetria.



ABSTRACT

HOLANDA NETO, O.B. Renormalizability of massives Yang-Mills theories with a
Stueckelberg-like field. 2019. 98 f. Tese (Doutorado em Fisica) — Instituto de Fisica
Armando Dias Tavares, Universidade do Estado do Rio de Janeiro, Rio de Janeiro, 2019.

In this work the dimension two gauge invariant non-local operator A2, . obtai-
ned through the minimization of [ d*zA? along the gauge orbit, allows to introduce a
non-local gauge invariant configuration Aﬁ which can be employed to built up a class
of Fuclidean massive Yang-Mills models useful to investigate non-perturbative infrared
effects of confining theories. A fully local setup for both A2 . and AZ can be achieved,
resulting in a local and BRST invariant action which shares similarities with the Stueckel-
berg formalism. Though, unlike the case of the Stueckelberg action, the use of A2, gives
rise to an all orders renormalizable action, a feature which will be illustrated by means of
a class of covariant gauge fixings which, as much as 't Hooft’s R¢-gauge of spontaneously
broken gauge theories, provide a mass for the Stueckelberg field. Moreover, we construct
a gauge invariant transverse superfield configuration V¥ consisting of the wellknown su-
perfield V and of a Stueckelberg-like chiral superfield =. The renormalizability of the
Super Yang-Mills action in the Landau gauge is analyzed in the presence of a gauge
invariant mass term m? [ dVM(VH), with M(V*) a power series in V. Unlike the ori-

ginal Stueckelberg action, the resulting action turns out to be renormalizable to all orders.

Keywords: Renormalizability. Yang-Mills. Stueckelberg. Supersymmetry.
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INTRODUCAO

Efeitos nao-perturbativos em teorias de Yang-Mills tem ganhado grande atencao
recentemente. Essas teorias possuem uma caracteristica muito interessante chamada li-
berdade assintética. Essa propriedade estd ligada com a constante de acoplamento
forte, que possui valor muito grande na regiao infravermelha (regido de baixas energias)
impossibilitando uma simples expansao de série perturbativa, algo que funciona no ultra-
violeta (regiao de altas energias) onde a liberdade assintética atua (GROSS; WILCZEK,
1973).

Outra caracteristica das teorias de Yang-Mills na regiao do infravermelho é o con-
finamento. O confinamento de cor ou simplesmente confinamento diz que estados de
glions e quarks carregados de cor, nunca foram observados livrementes na natureza, ou
seja, eles sempre aparecem em estados compostos neutros da carga de cor como hadrons
(formados de quarks) e glueballs (formados de glions). Além disso, embora glions sao
nao-massivos, as glueballs sao particulas massivas, portanto precisamos explicar a origem
dessa massa.

Apesar da falta de dados experimentais sobre gliions em baixas energias, as teorias
de Yang-Mills na regiao do infravermelho estao bem descritas hoje em dia por simulagoes
na rede. Essa ferramenta é comumente usada para determinar o espectro de energia das
particulas, das se¢oes de choque e outros observéveis fisicos (MONTVAY; MUNSTER,
1997). Os resultados na rede tem servido com um guia fenomenoldgico para a construgao
de modelos analiticos (TISSIER; WSCHEBOR, 2011), (TISSIER; WSCHEBOR, 2010a),
(MAAS; MUFTI, 2014),(SIRINGO; COMITINI, 2018).

Existem alguns resultados de simulagoes na rede focadas em funcgoes de 2-pontos
(AZAZ) no gauge de Landau 9,4, = 0. No caso das teorias de glions sem quarks alguns
fatos estao bem estabelecidos. Um desses fatos é que o propagador de glion para dimensao
espago-temporal maior que 2 nao diverge no infravermelho e tende para uma constante
positiva, ou seja, o comportamento é semelhante a de uma particula massiva.

Nesse contexto das teorias massivas de Yang-Mills investigamos o operador de

oin » obtido quando minimizamos o funcional Tr [ d*z A% A% ao longo da

6rbita do campo de gauge A, (ZWANZIGER, 1990; BAAL, 1992; DELL’ANTONIO;
ZWANZIGER, 1991; DELL’ANTONIO; ZWANZIGER, 1989), ou seja

dimensao 2, A

A% = minTr / d*x ALAL,
{u}
l
AL = uTAuu—i—EuTaﬂu. (1)

Como mostrado no trabalho de (CAPRI et al., 2016a), o funcional A2, mnos permite

min
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introduzir uma configuragao de campo invariante de gauge e nao-local A" (LAVELLE;
MCMULLAN;, 1997a) que acaba sendo ttil para construir teorias de Yang-Mills invarian-
tes de BRST e renormalizaveis que podem ser empregadas como teorias massivas efetivas
no espaco euclidiano para o estudo nao-perturbativo da regiao infravermelha. Um exem-
plo de tais teorias é fornecido pela teoria de Gribov-Zwanziger refinada (DUDAL et al.,
2008a), recentemente foi formulada uma versao invariante de BRST desta teoria por (CA-
PRI et al., 2015; CAPRI et al., 2016b; CAPRI et al., 2016a; CAPRI et al., 2017a; CAPRI
et al., 2017a). Podemos também citar o modelo massivo discutido por (TISSIER; WS-
CHEBOR, 2010b), onde o termo massivo pode ser visto como profundamente relacionado
a A2, . gracas ao uso do gauge de Landau. E importante mencionar que o comportamento
massivo para o propagador do glion, conhecido como a solugao de desacoplamento, tem
aparecido em outras abordagens, dentre elas as equagoes de Schwinger-Dyson, o grupo
de renormalizacao e outras técnicas, ver por exemplo (AGUILAR; BINOSI; PAPAVASSI-
LIOU, 2008; AGUILAR; NATALE, 2004; AGUILAR; BINOSI; PAPAVASSILIOU, 2016;
FISCHER; MAAS; PAWLOWSKI, 2009; AGUILAR; BINOSI; PAPAVASSILIOU, 2015;
HUBER, 2015; FISCHER; PAWLOWSKI, 2009; WEBER, 2012; FRASCA, 2008; SI-
RINGO, 2016). A solu¢ao do desacoplamento analitica para a funcao de correlagao de
2-pontos do glion acaba sendo um bom acordo com as recentes simulagoes numéricas em
QCD na rede, ambas no gauge de Landau e os gauges lineares covariantes (CUCCHIERI
et al., 2016; CUCCHIERI; MENDES, 2007; CUCCHIERI; MENDES, 2008b; CUCCHI-
ERI et al., 2012; OLIVEIRA; SILVA, 2012; CUCCHIERI; MENDES; SANTOS, 2009;
CUCCHIERI et al., 2011; BICUDO et al., 2015).

A anélise do operador A2 para uma classe geral de gauges covariantes compartilha
grande similaridade com o gauge R, de 't Hooft, comumente usado nas teorias de Yang-

Mills com quebra espontanea de simetria.
2

O procedimento de localizacao para ambos Az, e AZ requer a introdugao de um
campo auxiliar de Stueckelberg adimensional &, como o campo de Higgs do gauge R¢ de 't
Hooft, na qual a condi¢ao de gauge aparecerd através de um parametro de gauge massivo
u?. Esta propriedade nos permitird uma massa invariante de BRST para o campo auxiliar
&, uma propriedade que poderia ter consequéncias tteis nos calculos a 1-loop envolvendo &
afim de manter o controle de futuras divergéncias associadas a sua natureza adimensional.
Além disso, como no caso do gauge R¢, os ghosts de Faddeev-Popov adquirem uma massa
através da fixacao de gauge. E claro, colocando p? = 0, o gauge covariante linear discutido
é recuperado (ver (CAPRI et al., 2016a)).

A extensdo supersimétrica do campo A" é construida, onde analisamos as propri-
edades de renormalizabilidade de uma teoria de gauge nao-abeliana N' = 1 definida por
um multipleto contendo uma excitagao vetorial massiva. O modelo analisado é a versao
supersimétrica da acao de Stueckelberg, no fato que o campo de gauge massivo é cons-

truido usando um supercampo escalar compensador, que faz este preservar a simetria de
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gauge.

Os modelos de super Stueckelberg sao muito bem revisados por (RUEGG; RUIZ-
ALTABA, 2004). Tradicionalmente, a maioria das investigagoes desse modelos tem como
objetivo uma alternativa para o mecanismo de Higgs, mas como discutido por (DEL-
BOURGO; TWISK; THOMPSON, 1988) a renormalizabilidade e unitaridade sdo proble-
mas inevitaveis dos modelos de Stueckelberg nao-abelianos. O modelo de Stueckelberg
original é abeliano e foi provado por (LOWENSTEIN; SCHROER, 1972) ser renorma-
lizavel e unitario, mas a versao nao-abeliana é conhecida ser pertubativamente nao renor-
malizdvel (KUNIMASA; GOTO, 1967; SLAVNOV; FADDEEV, 1970; SLAVNOV, 1972).
O problema é devido ao comportamento ultravioleta do propagador. No caso abeliano,
isso é perfeitamente compensado pela dinamica do campo de Stueckelberg mas, em teorias
nao-abelianas, isso nao é bem assim, resultando em amplitudes interagentes incuraveis ou
secoes de choque divergentes.

Mesmo assim ha diversos interesses no estudo de modelos massivos vetoriais sem
o mecanismo de Higgs. A principal motivacdo vem do comportamento confinante no
infravermelho das teorias de gauge fortemente acopladas, como por exemplo QCD. Con-
finamento é um fenémeno muito importante neste contexto, mas o entendimento fisico
por tras dele ainda estd em aberto. Uma maneira para obter informacao deste fenomeno
¢é através de cédlculos na rede a qual mostrou que o propagador do glion tem comporta-
mento massivo na regiao nao-perturbativa do infravermelho profundo, ao mesmo tempo,
exibindo violagoes de positividade que impedem uma interpretacao da propagacao de
particulas (CUCCHIERI; MENDES; TAURINES, 2005; CUCCHIERI; MENDES, 2007;
CUCCHIERI; MENDES, 2008b; CUCCHIERI; MENDES, 2008a; CUCCHIERI; MEN-
DES, 2008c; DUDAL; OLIVEIRA; SILVA, 2014; CORNWALL, 2013). Portanto, numa
teoria confinante, a unitaridade é bastante complexa e de dificil previsao. Claro que,
a unitaridade fisica é preservada em termos das excitacoes do espectro que sao estados
ligados de quarks e glions como, por exemplo, mésons, barions, glueballs, etc. Embora,
a violacao de positividade da funcao de correlagao de dois pontos do glion seja vista
como uma forte evidéncia do confinamento, sinalizando que os glions nao sao excitagoes
do espectro fisico da teoria. Mesmo assim, a renormalizabilidade deve ser mantida uma
vez que queremos o bom comportamento UV da teoria. Esta tendéncia de investigacoes
levou a muitos trabalhos que propuseram modificacoes da teoria de Yang-Mills devido
aos resultados da rede (ALKOFER et al., 2004; DUDAL et al., 2008b; DUDAL et al.,
2008; TISSIER; WSCHEBOR, 2010a; STRAUSS; FISCHER; KELLERMANN, 2012).
Desenvolvimentos recentes ao longo destas linhas envolvem a introducao de modelos do
tipo Stueckelberg modificados (CAPRI et al., 2015; CAPRI et al., 2016¢; CAPRI et al.,
2016b; CAPRI et al., 2016a; CAPRI et al., 2017b) construido como uma generalizagao de
uma classe de teorias confinantes efetivas conhecidas como cenérios de Gribov-Zwanziger

(GRIBOV, 1978; ZWANZIGER, 1989), veja também (VANDERSICKEL; ZWANZIGER,
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2012). Ao contrério da acao de Stueckelberg padrao, esses modelos modificados usufruem
da propriedade de ser renormalizavel a todas as ordens, veja (CAPRI et al., 2015; CAPRI
et al., 2016¢; CAPRI et al., 2016b; CAPRI et al., 2016a; CAPRI et al., 2017b) para um
trabalho detalhado sobre a construcao desses modelos modificados e suas diferencas com
a teoria padrao de Stueckelberg. Vamos também mencionar aqui que, recentemente, uma
reformulagao invariante do BRST da teoria de Gribov-Zwanziger foi alcangada por (CA-
PRI et al., 2016b; CAPRI et al., 2017b), fazendo a extensao do gauge de Landau para
um gauge covariante arbitrario.

A unitaridade perturbativa dos modelos nao sao explicitamente abordadas. O
modelo nao-supersimétrico nao ¢ unitario perturbativo, embora ele possa ser empregado
como um modelo renormalizavel efetivo, a fim de investigar a regiao infravermelha nao-
perturbativa de teorias de Yang-Mills. Até agora, a previsao do modelo nao-supersimétrico
estd em boa concordancia com os dados atuais da rede sobre as fungoes de correlagao da
teoria, como por exemplo o propagador de glions.

O campo transverso invariante de BRST V# possibilita a investigacio do confina-
mento das teorias de Super Yang-Mills, que é conhecida ser uma teoria confinante.

Numa teoria de Yang-Mills confinante, a unitaridade tem sido abordada através de
estados ligados sem simetria de cor, um tema que esta distante do objetivo deste trabalho,
cujo principal objetivo é obter uma teoria supersimétrica massiva renormalizavel que ge-
neraliza o modelo proposto por (CAPRI et al., 2015; CAPRI et al., 2016¢; CAPRI et al.,
2016b; CAPRI et al., 2016a; CAPRI et al., 2017b). Provamos que a presente generaliza¢ao
¢é renormalizével, uma tarefa que sera feita por meio de um conjunto de identidades de
Ward adequadas. Generalizagoes supersimétricas de modelos do tipo Stueckelberg foram
estudadas por (DELBOURGO, 1975). A maioria concentradas nos modelos abelianos com
divergéncias bem comportadas (veja por exemplo (KORS; NATH, 2004a; KORS; NATH,
2004b; KORS; NATH, 2005) para uma proposta do modelo de Stueckelberg no MSSM).
Algumas poucas analises desses modelos tipo Stueckelberg nao-abeliano podem ser en-
contradas. Como a construgao usando multipletos tensoriais por (NISHINO; RAJPOOT,
2013; NISHINO; RAJPOOT, 2014; SEZGIN; WULFF, 2013) e campos compostos por
(NISHINO; RAJPOOT, 2016).

Usando o formalismo da supersimetria estendemos a nossa analise e construimos
um supercampo vetorial N' = 1 invariante de gauge composto do supercampo V e de um
supercampo quiral = tipo Stueckelberg. A renormalizabilidade da acao de Super Yang-
Mills ¢ analisada na presenga de um termo de massa invariante de gauge m? [ dV MV,
com M (V) dado por uma série de poténcias em V. Ao contrério da aciao de Stueckel-

berg original, a acao ¢ provada ser renormalizavel a todas as ordens.
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1 QUANTIZANDO TEORIAS DE YANG-MILLS

1.1 Os fundamentos da teoria de Yang-Mills

A teoria de Yang-Mills é uma teoria de gauge baseada no grupo de simetria nao-

abeliano SU(N), cuja a acao é dada por

1 1
Syu =5 / d'z Tr(F?) = 1 / d'z F{,FY, (2)
tal que
FMV = auAu - aVA,u - Zg[A,ua AI/L (3)

com A, e F,, escrito na representacio adjunta do SU(N), ou seja,

A, =AT e I, = F,, T (4)
com os geradores T, rotulados por a, que satisfazem

Te(T°T") = %5“”, [T, T") = i f*T, (5)

onde f®¢ sao as constantes de estrutura do grupo. O tensor invariante de gauge Fj,

também pode ser escrito
Fl = 0,A% — 0,A% + g f* AP AC. (6)
As transformagoes de simetria do SU(N) sao dadas por

¢(x) = ¢'(x) = U(x)(x). (7)

Ao invés das teorias no U(1), a matriz U nao passa através da derivada, quando U =
U(x) = e ¢

Ou(U(x)¢(x)) # U(x)0up(x). (8)

A falha da comutacao da derivada com U introduz um termo adicional (de acordo com
a regra do produto), que quebra a invariancia de gauge da acdo. A fim de recuperar
a invariancia de gauge, definimos uma nova derivada covariante das transformagoes de

gauge tal que a derivada de ¢ se transforma igual a ¢

Dy(z)p(x) = (Dud(x))" = U(x) Dyuop(). (9)



Esta nova derivada é denominada derivada covariante de gauge sendo definida
D,=0,—1igA

s

ou na representacao adjunta

Dzb = 9,0% — gfabcA;'

Sobre a transformacao (7), temos
D, — D), =U(x)D,U(x)".

A equagao (12) implica que

Au2) = Al (@) = Ua) AU (2) — ~(0,U (@)U ().

i
9
Para transformacoes infinitesimais do SU(N) como

U(x) = 1 —iga(x),

a transformagao (13) vem a ser

Podemos usar a derivada covariante para construir F},, da seguinte forma
[Du’ DV] = _igFMV'
Apartir da agao (2) derivamos as equagoes de movimento

D,F,, =0.
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(10)

(11)

(12)

(13)

(14)

(15)

(16)

(17)

O campo de gauge é auto-interagente e as equagoes de movimento sao semilineares, com

as nao-linearidades ambas nas derivadas e campos de gauge. Isso significa que resolvemos

essa equacao quando as nao-linearidades sao pequenas.

A identidade de Bianchi é mantida como
D,F,.+ D.F,, +D,F,, =0,
o qual é equivalente a identidade de Jacobi
[D,i, [Dy, D] + Dy, [Dyy, D]] + [D,, [Dy, D,J]] = 0,

onde [D,, F,.] = D,F,,.

(18)

(19)

Definindo o tensor invariante de gauge dual FW = %EWPUFPU, a identidade de
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Bianchi reduz a

D,F,, = 0. (20)

Uma fonte interagindo com o campo de gauge na acgao J - A, modifica as equagoes de

movimento como
D,F,, =J,. (21)

Multiplicando a equacao acima pela derivada covariante D, obtemos a forma covariante

da lei de conservacao de corrente
D,J, =0, (22)

que implica na respectiva invariancia das simetrias de Noether da acdo. Através da

identificagao que
Ey = Fo, By, = Fu, (23)

aplicamos as equagoes (20) e (21), onde podemos demonstrar as equagoes de Maxwell

generalizadas
oEF = J° (24)
oBF = J° (25)
kim0 Em = —Jx — 00Dy, (26)
€klmale = Jk -+ 80Ek, (27)
onde a corrente eletromagnética de cor e a sua dual sao
J¥ = —iglA,, Ful + jp, (28)
J¥ = —iglA,, F.). (29)

A equagao (24) ¢é a lei de Gauss nao-abeliana e a equagao (25) sua andloga magnética. As
equagoes (26) e (27) correspondem a versao nao-abeliana das leis de Faraday e Ampere,
respectivamente. A grande diferenga da versao abeliana é que a auto-interagao entre os
campos de gauge produzem a simetrizacao das equacoes devido a presenca da simetria de
cor nas correntes eletromagnéticas e a sua dual.

A equagoes de Yang-Mills (21) sao extremamente dificeis para resolver. H4 inimeros
estudos matematicos sobre a existéncia, unicidade e suavidade das solugoes (SEGAL,
1979; GINIBRE; VELO, 1981; CHOQUET-BRUHAT; CHRISTODOULOU, 1981; EAR-
DLEY; MONCRIEF, 1982). Além disso, Coleman (COLEMAN, 1977) estabelece que a

unica solucao nao-singular possivel para as equacoes de Yang-Mills ¢ a solugao de vacuo
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(J = 0), que no regime assint6tico

lim |z**TFS, (2% x) =0, 0<e<1/2, 2°>0 (30)

|z|—o00

permanece uniforme na direcao e tempo. Algumas outras solucoes especiais sao obtidas,
tais como, configuragoes de monopdélos (HOOFT, 1974; POLYAKOV, 1996; WU; YANG,
1975), vértices (NIELSEN; OLESEN, 1973), dyons (JULIA; ZEE, 1975) ou instatons
(BELAVIN et al., 1975). Particularmente, instatons sdo conhecidos como a pega chave
para resolver o problema das simetrias quirais U(1) (HOOFT, 1976), por que produzem
solugoes no espago euclidiano para a segunda classe de Chern [ ddxFWFW = v com
v # 0, v é denominado o niimero de instanton. No espaco de Minkowski estas solugoes de
instantons respresentam processos de tunelamentos entre estados com diferentes niimeros

de instantons v.

1.2 A quantizacao das teorias de Yang-Mills

Na secao anterior introduzimos a acao classica da teoria de Yang-Mills e suas
propriedades. Agora, quantizaremos a acao classica de Yang-Mills através do método da

integral de caminho. Desta forma, a integral de caminho é definida como
Z(J) = N / DA e~ V/MSvut]dieIiAL) (31)
Sym = / ddx4Fl‘ij;jl, (32)

Usando o método de Faddeev-Popov (FADDEEV; POPOV, 1967) para fixar o gauge,

obtemos a seguinte integral de caminho
oG —1/h(Sym+ [ dlzJ2A2)
Z(J) = N | DA (G)det 5o )¢ Y M ) (33)
«
onde a funcao G ¢ representada pelo gauge fixing. Usaremos a fixagao de gauge Ry
G(z) = 0,A,(v) —w'(x), (34)
onde w*(x) é uma fungao arbitraria de z. Aplicando (34) em (33), obtemos

G (x
det (6ab ) /DCDC e~ Son, (35)

Syp = / 'z & 9,DP ¢ = / dlz & O "+ gf AL (D) (36)
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onde os campos ¢ e ¢ sao chamados de ghosts. Assim, obtemos a integral de caminho para

acao de Faddeev-Popov

Z(J) = N/DADCDC 6(0, A, () — w(x))e /M StorartSpontes), (37)
1

Stotat = Sym + Sgn = / diz Zngng +c* 9D ¢, (38)

Stontes = /ddx JOAS + X 4 X0 (39)

O campo de ghost é também uma variavel de Grassmann, e assim loops fechados de linhas
de ghosts nos diagramas de Feynman carregam um fator extra de menos. Podemos ver
através da equagao (36) que os campos de ghost interagem com os campos de gauge, e
assim teremos tais loops. Note que em teorias abelianas os campos de ghost nao interagem
com o campo de gauge simplesmente observando que f®¢ = 0. Neste caso, o campo de
ghost ¢ livre e pode ser absorvido pelas constantes de renormalizacao.

Nossa funcao de fixacao de gauge possui uma fungao arbitraria w®(z). Note que a
integral de caminho é independente de w®(z). Assim, podemos introduzir uma identidade

em fungao dessa constante arbitréria em Z(J)

Z(J) = e1/thfe+1/thfN’/pADCD5 5(@“4#(%) _ wa(@)671/h(spp+sf,)m€s)

- N / DADCDE §(0, A, () — w?(x))e” /MEFP+Sas+Siontes) (40)
1
Sgf = /ddxi w(x)w(z), (41)

onde o fator e*1/"9s ¢ absorvido pela constante de normalizaciao N, e agora podemos ver
que essa fixagao do gauge R¢ leva esse nome devido a constante de acoplamento £. Por
causa da funcao delta na equacao (40), é facil integrar sobre w.

Concluimos que o resultado para Z(J) é

Z(J) = N / DADCDE ¢ /MErptSos +Sgontes), (42)
1
Syr = / d%i 0, AL0, AL, (43)

Apartir de agora, podemos derivar as regras de Feynman que seguem desta integral.

Partindo da acao quadrética nos campos de gauge e de ghost

ZuadlD) = N [ DADCDe e M40, )

Stotat +Sar = / d'z %Au (—5“b5uu82 - (1%5) 5“@@) A, +cde. (45)
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Tomando a transformada de Fourier

ua 1 a a —a ga
Sqota;l + ng = 5 / d4xA# (OM?/) All; —C (5 bk2 Cb7 (46)
ab ab 2 1— f ab
Opy = 0%0uk® + (== ) 0%k, (47)
G = k2. (48)

Entao, podemos reescrever a integral de caminho dos campos de gauge como

d —
Zonge(J) = ¢ 2 o0 e TR (O5) (k)T @)

- 5 [ ddad?y T (x)(O50) ™ (wy) o (y) (50)

Apartir disto podemos calcular o propagador de gauge usando

) ) 1 d°k ddq L
(As(x)Ab(y)) = ——Z(J)|s=0 = ——/ e (A, (k) A, (q)),  (51)
# 04 () 0.J2(y) 2 ) (2m)% (2m)d K
onde
a b ab ¢d 1 5
ALY = k=) (5Pt ) (52
P = 0 — kuky/k?* e wu = Kk, /k?, sdo respectivamente os projetores transversal e

longitudinal.

Para o propagador de ghost segue o mesmo procedimento com

Z,

host (X, X) = e*fddmddyx“(:v)(ga”)‘l(x,y)icb(y)7 (53)

na qual o propagador de ghost é dado por

56 . §s(k—q)
S o) PN =

Podemos ver através da técnica diagraméatica de Feynman (1) e (2) a representagao dos

(e (k)"b(q)) = 5 (54)

propagadores (52) e (54) respectivamente.
Para calcular os vértices da teoria precisamos escrever a agao de interagao (os

termos nao quadraticos),

pt vt tpt

. 1 .
int / d'e gf (O A AL + LS f AL ALALAS + gf AL (9,) (55)

Da mesma forma como escrevemos a integral de caminho da parte quadratica em funcgao
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das correntes, podemos escrever a parte de interagao. Assim, temos

_ d abc ) ) ) _ d abc _ 0 ) [ g d abc rade _ 9 ) ) )
gfdlz f (6“5J3>5J;;5Jx96 gfd% f 513(8“6>za)6x66 R ) 5Jp 9 875

th(‘L X, X) = €
Xunad(J). (56)

Aplicando (56), chegamos aos seguintes vértices com os momentos fluindo em

direcao ao vértice:

—ig f*[(p1 — P3)v0ou + (P3 — P2)pubuo + (P2 — P1) o]
o(p1 + p2 + p3), (57
I a2 abacad (—p1, —p2, —p3, —pa) = PLF U S 1060 — upOu0) + FFP (8000p — Spobup
+ f 0000 — OuBpo)]O(p1 + D2+ 3+ pa), (58

Daaapee (=1, =2, —ps) = 9P, 0(p1 + P2 + ), (59

FAgAl;Ag (=p1, —p2, —p3)

~— N N~

onde as equagoes (57), (58) e (59) s@o representadas respectivamente através das figuras
(3a), (3b) e (3c).

Expandindo em torno da constante de acoplamento g e calculando as derivadas
funcionais, somos capazes de obter todas as fungoes de n-pontos que correspondem a
processos de amplitudes, secoes de choques, taxas de decaimento e entre outros processos.
Além disso, as regras de Feynman podem ser usadas para a analise da renormalizagao
peturbativa e da liberdade assintotica. De fato, podemos analisar algumas propriedades
preliminares de renormalizabilidade. Suponhamos que desenhamos um diagrama geral
contendo os dois propagadores da teoria ((1),(2)) e os trés vértices ((3a),(3b),(3c)). Logo,

a divergeéncia deste diagrama serd definida por
D =dL —2I, (60)

onde d é a dimensao do espaco-tempo, n o numero de loops e I a quantidade de li-
nhas internas. Se D > 0 temos diagramas divergentes, e para D < 0 sem divergéncias.
O parametro D é chamado de divergéncia superficial pois apesar de alguns diagramas
apresentarem divergéncias, mesmo assim algumas correcoes podem ser feitas para que a
finitude seja recuperada.

Nesse contexto que surge os procedimentos de renormalizagao, no caso das teorias
de Yang-Mills isso requer um procedimentos de regularizacao dimensional cuidadoso que
respeita a invariancia de gauge e as identidades de Ward generalizadas; isto foi primeiro
demonstrado por 't Hooft (HOOFT, 1971).

Quando ha quebra espontanea de simetria devido ao mecanismo de Higgs, o pro-

PuPv
M27

21 — 41 promovendo a falha do calculo de D. Entao, 't Hooft demonstrou que existe

PuPv
M2

pagador vetorial normalmente adquire um termo na qual muda as linhas internas

uma escolha de gauge minunciosa que elimina o termo problemético dos diagramas



24

Figura 1 - Propagador do gluon

RS EEE]

Fonte: O autor, 2019.

Figura 2 - Propagador do ghost

S -

Fonte: O autor, 2019.

de Feynman, e com isso ele foi capaz de demonstrar a renormalizabilidade para o caso de
quebra espontanea da simetria. No préximo capitulo, abordaremos a renormalizabilidade
das teorias de Yang-Mills do ponto de vista das suas simetrias através da renormalizacao

algébrica.



Figura 3 - Vértices de Yang-Mills.

b

(c)
Legenda: (a) 3-vértice do gluon. (b) 4-vértice do gluon. (c) vértice

ghost-ghost-gluon.
Fonte: O autor, 2019.
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2 RENORMALIZACAO ALGEBRICA DA TEORIA DE YANG-MILLS

Nesta secao formularemos todos os passos do procedimento de renormalizacao

algébrica para mostrar a estabilidade e a renormalizagao da acao de Yang-Mills.

2.1 Fixacao de gauge e a simetria BRST

Partindo da acao com gauge fixado:

Yiotal = Xym + Dgn + Xgr (61)
1 a aur —=a a 1 a a

podemos ver que a acao total pode ser rederivada para obedecer uma simetria residual
denominada simetria de Becchi-Rouet-Stora-Tyutin ou comumente chamada sime-
tria BRST. Essa simetria é muito importante no contexto da renormalizabilidade da
teoria (PIGUET; SORELLA, 1995). Também, podemos mostrar que os glions cujas
polarizacoes nao sao tipo Minkowski e transversa desacoplam das amplitudes de espalha-
mento (assim como os ghosts).

As transformagoes de BRST sao dadas por

a ab
sAl = Djc,

“w

63

(63)
a - 2 1 abe b c

st = it = —§f c’ct, (64)
sct = b, (65)
sb* = 0, (66)
onde s é nilpotente:

s* = 0. (67)

Uma vez estabelecidas as transforamacoes BRST, podemos redefinir a fixacao de gauge

invariante BRST usando a nilpoténcia de s:

S = 8 / d*z <5“8“AZ+ gaaba> (68)
- / d'z (b“a“AZ + gbab“ - aaa“ngcb) , (69)

tal que tomando & = 0 o usual gauge linear covariante é reduzido ao gauge de Landau.
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Portanto, temos uma acao total invariante de BRST:

Yiotal = Xy M + Ugn + Mgy (70)
= - / d'z iF/jVF““” + "D’ — b Ot A — gb“ba, (71)

com

$3otal = 0, (72)

estabelecendo a agao invariante BRST podemos seguir com o procedimento de renorma-
lizagao algébrica escrevendo as identidades de Ward.
2.2 Introducao das fontes externas

Vamos iniciar introduzindo as seguintes fontes (pf;, 0*) externas acopladas as trans-

formagoes de BRST ndo-lineares dos campos (Af, c¢?). Isso é feito através da agao

Y fontes = S / d4:17(p““AZ + %), (73)
na qual
sp™ = so® = 0. (74)

A agao completa extendida é agora dado por

Ee;tt - Ztotal—i_zfontes (75)
1 1

= — / dix 4—92F5,,F“”” + E“@“ijbcb —b"O" A — gbab" + p““Dzbcb + ifabcaacbcc,

(76)

com $X.; = 0. Observe que se as fontes externas forem desligadas (pZ = 0% = 0)

recuperamos a acao invariante ;..

2.3 Identidades de Ward e caracterizagao algébrica do contra-termo mais

geral

A acao extendida X.,; sao caracterizadas pelas seguintes identidades de Ward:
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A identidade de Slanov-Taylor

L)) VR YE:) DI DY
_ 4 R — =
S(E)_tr/dx5PM5AH+5050+1)55 0. (77)

A equacao de movimento do multiplicador de lagrange b®

)
Spr = 0" Au+Eb. (78)

A equacao de movimento do ghost

X 0%
= M
o= (79)

A identidade de Ward do nimero de ghost

/d4x 0“5—2 - 5“5—2 —o? 0% =0. (80)

Assim, podemos descobrir o contra-termo mais geral com dimensao 4 e nimero de ghost

0 que pode ser adicionado a agao classica. Logo, a acao perturbada é
2pert - Ee:mt + EEct; (81)

onde € é um parametro de expansao. Na primeira ordem de € o contra-termo Y. obedece
a todas identidades de Ward demonstradas acima.

Temos também que
SsXe =0, (82)

tal que Sy, é o operador de Slavnov-Taylor linearizado

Szztr/d4x%%+%%+%%+%%+ 5%, (83)
com

S5Sy, = 0. (84)
Usando (82) e (84) podemos mostrar que o contra-termo é da seguinte forma

Yoo = Seohom + Seriviat, £q- Striviar = S22V, (85)

na qual X opom € parte da cohomologia de Sy, definida por SxXconom = 0 € a parte trivial



29

Tabela 1 - Os nimeros de ghost e dimensoes

s A, ¢ ¢ p o b
numero de ghost 1 0 1 -1 -1 -2 0
dimensao de massa 0 1 0 2 3 4 2

Fonte: O autor, 2019.

S5, 21 obtida pela nilpoténcia.

Através de (85) podemos primeiramente construir X opom. Em principio podemos
escrever todos os termos com dimensao 4 e numero de ghost 0 e que nao possam ser
escritos trivialmente. Tendo isso em mente, o tinico termo presente na cohomologia do
contra-termo é
Seohom = [ d'z~ F0 Fon 86

cohom x492 uv ) ( )
onde ag ¢ um a parametro arbitrario. Como segundo passo, podemos escrever X!, Nessa
parte podemos construir o mais geral polinomio de todos os campos e fontes com dimensao

4 e nimero de ghost —1. Usando a tabela (1) encontramos que
P /d4x arAjp™ + a0 A + azco” + au b + ga5f“bccaébéc, (87)

tal que aq, as, as, ay e as sdo todos parametros arbitrarios. Usando Sy, em (87), i.e.,

Sy, / d'x ar AL p™ + a0t A + azc o + as b + ga5f“bcca?c{, (88)
obtemos
0% % 0% % 0%
Yirivial /d4gL‘ alAZm + alép_aupau — agbaa“AZ — ayotc® 5pﬂa — a3ga% — a3ca@
X
+ agb b + Lag e O e + 2¢h° ) . (89)
2 do?
Podemos restringir ainda mais (89) usando (78) e (79), i.e.,
X+ Xa) " 0%t
S\ T Hd) A@ a e
She OMAL + &b < She 0, (90)
J J
LT Yy = 0, 91
(55“ * 5paﬂ> ! (91)

na qual obtemos que a; = as e ay = a5 = 0. Logo, tomando todos os resultados anteriores
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o contratermo ¢ dado por

) 0X 0%
4 a apuv a a, a a ~a
Yo = /d 1y 2FWF 4+ a A“(SA + al(;paup #—a 0" A — a,0"¢ 5
> 52
— — = 2
az0” oo (50“ (92)
Escrevendo (92) na forma paramétrica 3, = Ry, temos
) 0 ) 02 0% 0
o 2 ext a ext ext g a ext ext —a ext
Yet = agg 5 +a1AM §Az + aq 5o P —aib She 2a,& o€ — a,C 5o
aézezt a(sze:rt
— aso o0 asC Soa (93)
onde
) ) ) ) )
R = (Iog ﬁ + alAN(;Aa - alpa#(Spa — albaw + 2CL1£ 5 aléa@
0 )
— CL30' 500 chag. (94)

O operador R acaba sendo muito util para andlise da estabilidade da agao inicial ..,

conforme abordado na préxima sessao.

2.4 Estabilidade da acao X,

Para terminar a prova algébrica da renormalizacao de (76), devemos provar que
o contra-termo (93) pode ser reabsorvido na acao inicial ¥.,; através de uma redefinigao
adequada de campos, fontes e parametros. A determinacao dessas redefini¢oes torna-se
muito facil quando se conhece o contra-termo escrito em sua forma paramétrica, como em
(93). Se o contra-termo (93) pode ser reabsorvido na agao inicial, entao, para a primeira

ordem na expansao do parametro, a seguinte relacao deve conter

X[¢o] = B[] + €Xat[¢] + O(e), (95)

onde ¢ significa todos os campos, fontes e parametros da teoria. De ¥, = Ry, con-

cluimos que

gl = X[ + RX[¢] + O(e), (96)

e devido a forma de R, é facil ver que

b0 = (14 €R)o. (97)
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Os campos, fontes e parametros sao redefinidos de acordo com

Jgo = Zgg (%)
(Ado) = Z)A, 9
po = Zop, (100)
b = 2% (101)
6 = 7% (102)
o — 2 (103)
& = 7V% (104)
o~ 7o (105)
onde

Zy = 1"‘%(107 (106)
72 = B =7 =2 =2 =1 v, o
Zy = Z;P=1+as (108)

Vemos assim que, sob uma redefinicao apropriada de campos, fontes e parametros, con-
forme descrito nas equagoes (106), (107) e (108), o contra-termo invariante local mais

geral, compativel com as identidades de Ward, pode ser reabsorvido na agao (76).
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3 RENORMALIZACAO ALGEBRICA DO OPERADOR INVARIANTE
DE GAUGE A2,

3.1 Introducgao

2

min?

minimizagao de [ d*zA? ao longo da drbita de gauge, permite escolher uma configuragao

O operador de dimensao 2 nao-local invariante de gauge A obtido através da

de campo invariante de gauge AZ que pode ser usada para construir modelos de Yang-Mills

massivos uteis para investigar efeitos nao-pertubativos no infravermelho.
2

Uma configuragao totalmente local para A;; e AZ pode ser obtida, resultando em

uma acao invariante de BRST e local que compartilha similaridades com o mecanismo de
Stueckelberg. Ao contrario da agao de Stueckelberg, a introducao de massa via o operador
A?nin

por meio de uma classe de fixagoes de gauge covariantes, mesmo que as teorias de gauge

resulta em uma acgao renormalizavel a todas as ordens, uma caracteristica ilustrada

com quebra espontanea no gauge R, de 't Hooft fornecam uma massa para o campo de
Stueckelberg.

O capitulo é organizado da seguinte forma. Na segao 3.2 apresentamos como cons-
truir A%, e AZ e suas principais propriedades. As secoes 3.3, 3.4, 3.5, 3.6 sao voltadas
para apresentacio da acio localizada invariante de BRST para A2, e AZ como também
das propriedades de fixacao de gauge ja comentadas. Na secao 3.7 mostramos as iden-
tidades de Ward da acao resultante. Estas identidades sao utilizadas para construir o
contra-termo invariante mais geral permitido através do procedimento de renormalizacao
algébrica (PIGUET; SORELLA, 2008). Na segao 3.8, é apresentada uma anélise de-
talhada do contra-termo juntamente com os fatores de renormalizacao necessarios para
estabelecer a renormalizacao a todas as ordens do modelo. A secao 3.9 contém a conclusao
do capitulo. No APENDICE A, h4 uma segunda prova equivalente da renormalizabilidade
do modelo usando uma fixacao de gauge generalizada e o estabelecimento das identidades

de Ward.

3.2 O operador A?. e a construgao do campo AZ

Partindo do funcional f4[u], temos
falu] = Tr/d4:v ALAL = Tr/d4:v (uTAuu + éuTauu) (uTA“u + éu@uu) : (109)

Para uma dada configuracao de campo de gauge A,, fa[u] ¢ um funcional definido na

orbita de gauge de A,. Deixe A ser o espago das conexoes Af, com a norma de Hilbert
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finita || A]|, ou seja,

1
|A||]? = Tr/d4:c ALA, :§/d4xAZAZ < +o00, (110)

e deixe U ser o espago das transformacoes de gauge locais u tal que a norma de Hilbert

||[ufdul| é finita também, isto é
|[ufOu||* = Tr/d4x (u'9,u) (uld,u) < +o0. (111)

A seguinte proposigao é valida por (ZWANZIGER, 1990; BAAL, 1992; DELL’ANTONIO;
ZWANZIGER, 1991; DELL’ANTONIO; ZWANZIGER, 1989) .

e Proposicao

O funcional f4[u] alcanga seu minimo absoluto na érbita de gauge de A,,.

Esta proposicao diz que existe um h € U tal que

ofalh] = 0, (112)

5 falh] > 0, (113)
fA[h} < fA[u] , Yuel. (114)

Portanto o operador A2, é dado por

Az = r?ui}nTr/d‘lx ALAL = falh] . (115)

Dando uma olhada nas duas condigoes (112) e (113). Para calcular §fa[h] e 6% fa[h]

tomamos'
v = he'¥ = he 1" (116)
1
[T, 1] = afteTe, T (1T°7°) = 50, (117)

onde w é uma matriz hermitiana infinitesimal. Afim de obter os termos lineares e

quadréticos da expansao do funcional f4[v] em poténcias w. Vamos primeiro obter uma

10 caso do grupo de gauge SU(N) é considerado aqui.
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expressao para A}
A, = UTAM’U + z—]vT(?uv
— —zgthA hezgw + e—zgw (hTa h) igw Ze—igwaueigw
9 Y
= e_ig“’AZeigw + 3e_ig“’a#(zig“’ : (118)
Y
Expandindo até a ordem de w?, temos
w2
AZ = (1—zgw g* )A <1+zgw—g —) + (1—zgw g —) oy (1+igw—927)
h
o

v
g
= (1 —igw —g —) <Ah + nghw —g*A %)

+ J (1 —igw —g —) (zg@uw — (Ow)w — 5 w(@uw))

e
= Al +igAlw — 92 Alw? —igwAl + gPwAlw -5 szZ
v g g9’ 2 3
+ —|ig0,w — 5 (Opw) w gwauw + g wi,w | +O(w’) (119)
9
da qual segue
2
v . g .g
Al = AZ + 1g[AZ,w] + 5[[@0, AZ],w] — 0w + @§[w, duw] + O(w?) . (120)

Agora, calculamos
falv] = Tr/d%AZAZ

2
= 1 [ate | (b iglal e + [l ALl o] — O + 50,0 + O x
2

o Al ] - 0+ 5By + O )|

(AZ + ig[AZ,w] + 5

2 2
: g g
= Tr/d4:c {AZAZ + ngZ[AZ, w] + ngﬁwAZw — Z AP AR — —AszAZ — Aﬁﬁuw

2 HH 2
+ gAZ[ ,Ow] + z’g[AZ, w]AZ — gQ[AZ,w] [Az,w] — z'g[AZ, w]Ouw + gQwAZwAZ
2
g g
_ EAZWZAZ — EWQAZAZ - 8uwAh zg@uw[A w] + Owi,w + 22[ O, ]AZ} + O(w?)
2 2
= falh] — Tr/d4:c {Ah, duw} + Tr/d4x <g2Athhw - %AZAZwQ — %AZwQAZ

- gQ[AZ,w] [Ah wl+g wAthh — —Ah 2Ah - = 2AhAh> + Tr/d4x (Opw0o,w
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+ ig[w, D] Al — igD,w[ A", w] — ig[ Al w]d,w + igAZ[w, G#w]) O,
= falh] +2 / d*xtr (w(?“AZ) + /d4x tr {292wAZwAZ - QgQAZAZch

— (Al —wA) (Al —wAl) ) + / d'w tr (D +i5wdyw Al — i DA

— ig@uwAZw - ig@uwwAZ — igAZwauw - igwAZ@Mw - igAZwﬁuw — igAZ@uww) + O(w?)
= falh] + 2Tr/d4x (w@MAZ) + Tr/d4x (Owdw + igw@MwAZ — ig@uwwAZ

—  2igduwAlw + 2igdwwAl) + O(w?) . (121)
Portanto, apds algumas simplificacoes chegamos na seguinte expressao

falv] = falh] + 2Tr/d4:c (w(?“AZ) + Tr/d4x (Opwi,w + igwauwAZ — ig@uwwAZ
— g (Ow) Alw + ig (Ouw) wAR) + O(w?)
= falh] + 2Tr/d4x (w@uAZ) + Tr/d4x {0,w (D0 — ig [Aﬁ,w})} +O(w?) .

Finalmente, concluimos que
falv] = falh] + 2Tr/d4x (w@NAZ) - Tr/d4x w9, D, (AMw + O(w?) , (122)

logo,

5falh] = 0 = 9,AL =0,
& falh] > 0 = —0,D,(A") > 0. (123)

Portanto vemos que o conjunto das configuracoes de campos cumprindo as condi¢oes
(123), ou seja, definindo o minimo relativo do funcional f4[u], pertence a chamada regiao

de Gribov €2, a qual é definida como
Q={4,]0,A,=0e —90,D,(A) >0} . (124)

Vamos continuar agora mostrando que a condigao de transversalidade, @,,AZ = 0, pode

ser resolvida para h = h(A) como uma série de poténcias em A,. Partindo de

i
Al = hTA, b+ Emaﬂh : (125)
com

h = ¥ = 199" T" (126)
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Expandindo h em poténcias de ¢

2
h=14+igp— %qbQ +O(6%) . (127)

Apartir da equagao (125) obtemos

A A + Zg[ Wy ¢] + 92¢Au¢ - _Au¢2 - _¢2A - au¢ + s [¢> ] + O(¢3> (128)
Entao, a condicao @LAZ = 0, nos diz
¢ = 0,A+ig[0,A,, ¢ +ig|Au, 0,.0] + §°0,0A.0 + G* 0, Aud + g7 HA,0,0
g’ : g9’ g’ g 9’
- EauA/ﬁb - EAuaqu - §Au¢au¢ - Eau@ﬁAu - §¢8M¢Au - §¢ auAu
+ 56,0+ O(¢") (129)

Esta equacao pode ser resolvida iterativamente colocando ¢ como uma série de poténcias

em A,, isto é

1

>

DAl g DA ig [0A
Oy + i3 {aA 5} i {Au,é?u?}Jrﬁ@ {5,8A}+O(A3), (130)

de modo que

A = A —Lo0a On [A,,,a M] _ 9% [aA iaA]

z n = pOndA g, BE 202 |9 2
9
+ g {AM,(?QGA] [628’4 agaA] +O(A?%). (131)

A expressao (131) pode ser escrita de uma maneira mais 1til. De fato

9.0,
Al = (@W—%) (AV [aQaA A] [826,4 O 8AD +0(4%)

o, o,

= A, - {82814 A ] {62&4 @Laz@A} 82814—1-@9828 {82814 A ]
B gé?u 0A 0, 5

2026 {62’826/1 + O(A?)

o d, [0,

- a26?A—|—zg Ay, aQGA 2 7 8A 8#@2814 +zg82 828A A,

90 104 3
+ 282 {82 ,8A} + O(A%), (132)

a qual é precisamente a expressao (131). O campo transverso dado na equagao (137) possui
a propriedade de ser invariante de gauge ordem a ordem na constante de acoplamento g.

Vamos trabalhar as propriedades de transformacao de ¢ sobre uma transformacao de
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gauge
0A, = —0w +ig[A,, w] . (133)

Temos, até a ordem O(g?),

_ . _ .g_] i g 0A 9
o0p, = LW+ 1g {82&4 Gyw} 5 {w,&,agaA} i5 {82 , 0, } + O(g°)
_ J 1 2
= —Jw +@2 [8 0A, &,w} 05 {&,82&4,4 + O(g°%) . (134)
Portanto
g |0A
0,0, (w1 | 50| ) + o), (135)

da qual a invariancia de gauge de Ah ¢é estabelecida.
Finalmente, vamos exercitar a expressao de A%, como uma série de poténcias em

A,. Assim, temos que

A2 = Tr/d4x AZAZ

— Tr/d4x {% (%— 90, >¢V]
= Tr/d4:r; KAM {aQaA A ] 2 {a 0A aumaAD

1(% ) (4o | gaoaa] + | oa0, 4] )

82 82 82 v 82 82

Aqui notamos que, devido a invariancia de gauge, A2, pode ser reescrito em uma maneira
manifestamente invariante em termos de F),, e a derivada covariante D, (ZWANZIGER,
1990).

Em particular, olhando para a condic¢ao estaciondria para o funcional (1), obtemos
uma configuracao de campo transversa nao-local Ah oy Ah = 0, o qual é mostrado como

uma série infinita nos campos de gauge A,, ou seja

0,0,
AZ = (5uu_ )¢u7 auAZ:07
— » 3
6y = A, — {azaA A} Y [82&4 Oy 6A] +O(4Y) . (137)

. { invar _ ) o
A configuracao AZ é invariante por transformacoes de gauge infinitesimais ordem a ordem

a b b c
/d4l’ |:AZ (5/“/ _ aual/) A,(i o QQbeCM%AC _ fabcA 0A 8 0A :| +O(A4)

(136)
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na constante de acoplamento g (LAVELLE; MCMULLAN, 1997Db):

5AL = 0,
0A, = —Ow+ig[A,uw] . (138)

Usando (137), a invariancia de gauge da expressao (1) é explicitada ao escrever isto em
termos do tensor de forca F),,. De fato, como provado em (ZWANZIGER, 1990), temos

1 1 1 1 1
A2 = / d%AZAZ = —§Tr / d*x <FWEFW +22EFM {ﬁDKFM, ﬁDZ,F,,M
1 1 1
—92i ﬁFM [ﬁDHFM, ﬁD,,FM]> +O(F*Y) (139)

na qual a invariancia de gauge é aparente. O operador (D?)~! na expressao (139) expressa
o inverso de D?* = D, D, com D, sendo a derivada covariante (ZWANZIGER, 1990).
Vamos também sublinhar que, no gauge de Landau 9,4, = 0, o operador AZAZ é reduzido
ao operador A?, ou seja

h,a pAh,a __ Aa pa
(AL ALY = ALAL (140)

Landau

Esta caracteristica, combinada com a invariancia de gauge de (AZ’“AZ’“), implica que a
dimensao anomala de (AZ’“AZ’“) ¢ igual, a todas as ordens, a do operador A}, A} no gauge

de Landau (CAPRI et al., 2016a), isto é

V(aryz = Va2 - (141)

Landau

Além disso, como provado em (DUDAL; VERSCHELDE; SORELLA, 2003), 2

Landau
nao é um parametro independente, sendo dado por
B(a) Land 9
— andau — 142
vl = (@) a= L (142)

onde (B(a),7%9%(q)) expressa, respectivamente, a funcio 3 e a dimensdo andmala do
campo de gauge A, na fixagao do gauge de Landau. Esta relacao foi conjecturada e
explicitamente verificada a 3-loops em (GRACEY, 2003).

3.3 A agao local de A,

Seguindo (CAPRI et al., 2016a), uma expressao totalmente local para o opera-

dor invariante de gauge AZ pode ser obtida. Para este fim, consideramos a acao local,
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invariante de BRST

Sinw = / d'x i FiFs, + / d'x (r“ DAl + m; Ale Al 4 ﬁaaﬂfo’(Ah)nb) : (143)
onde
Al = AT = hT A h + éh* O,h. (144)
com
h = et = 198" T, (145)

As matrizes {T*} sao os geradores do grupo de gauge SU(N) e £* é um campo auxiliar
de Stueckelberg .

Expandindo (144), encontramos uma série infinita cujo os primeiros termos sao
hya _ pa a abc Ab cc g abc ¢b c
(A")h = AL = 0,8" —gf*™ A 2f §°0,£° + altas ordens. (146)

A agao Siy, exibe uma configuragao local para o operador nao-local AZ de (137), isto
segue do fato que o multiplicador de Lagrange 7 implementa precisamente a condicao de

transversalidade
AL =0, (147)

a qual, quando (147) é resolvida iterativamente pelo campo de Stueckelberg £%, volta a
expressao (137). Além disso, os campos de ghosts extras (7,7) explicam a origem do
Jacobiano que surge da integracao funcional sobre 7 que resulta em uma funcgao delta do
tipo §(0A"). Finalmente, o termo m; Al@ Alhe 6 responsével pela inclusao do operador
AZ"’AZ’“ através do parametro de m? que, como mencionado antes, pode ser usado como
um parametro infravermelho efetivo cujo valor pode ser estimado comparando com os re-
sultados disponiveis das simulagoes de QCD na rede da funcao de 2-pontos do gltion, para
isso veja (DUDAL et al., 2008; DUDAL; SORELLA; VANDERSICKEL, 2011; AGUI-
LAR; BINOSI; PAPAVASSILIOU, 2016; CUCCHIERI; MENDES, 2007; CUCCHIERI;
MENDES, 2008b; CUCCHIERI et al., 2012; OLIVEIRA; SILVA, 2012; CUCCHIERI;
MENDES; SANTOS, 2009; CUCCHIERI et al., 2011; BICUDO et al., 2015; DUDAL et
al., 2008a; TISSIER; WSCHEBOR, 2010b).

A agao local S;,, (143), possui uma simetria BRST exata:

SSim) =0 s (148)
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onde as transformacoes de BRST nilpotente sao dados por

sAy = =D,
st — g fabechee
sc® = ib*,
sb* = 0,
st = 0,
sqt = st =0,
s =0 . (149)

Para o campo de Stueckelberg temos (DRAGON; HURTH; NIEUWENHUIZEN, 1997),

com indices i, j associados com a representacao genérica,
sh' = —igc™(T*)*h* s(AM)e =0, (150)

da qual a transformacao BRST do campo £ pode ser calculada iterativamente, produzindo
b b 9 rabe b g’
s = g (E)c" = —c" + SFUCE = SIS + 0(&’) . (151)

3.4 A fixacao de gauge Sys

A agdo (143) precisa da adigdo do termo de fixacdo de gauge, Syr, que escolhemos
como

~a a a X _1a
Sgf = /d4ms<c (8,“4#—,112{ )—150 b)

_ / d*z <z‘b“6uAfj + %b%a — 2 + 20, D (A) + Maagab(g)cb) . (152)

Além do parametro de gauge tradicional «, introduzimos um segundo parametro
de gauge massivo p?. Como ficard claro na préxima secao, este parametro massivo for-
necerd uma massa de regularizacao invariante de BRST para o campo de Stueckelberg
&%, um recurso que tem consequéncias tteis quando realizamos calculos de loop explicitos
envolvendo £%. Pondo p? = 0, a fixagdo de gauge (152) reduz ao gauge linear covariante
(CAPRI et al., 2016a). Além disso, quando pu? = o = 0, o gauge de Landau, 0, AL =0, ¢
recuperado. No entanto, vale a pena sublinhar que tanto p? quanto o aparecem apenas
no termo de fixacao de gauge, que é BRST exato. Sendo u? e o parametros puro gauge,
isso nao afetard as fungoes de correlacao dos operadores invariantes de BRST locais.

No entanto, antes de prosseguir, vamos fornecer algumas observacoes relacionadas
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a presenca explicita do campo de Stueckelberg £ na equacao (152). Como é facilmente
percebido, o campo &% é um campo adimensional, essa caracteristica é embutida no fato
de que a acao invariante S;,, é uma série infinita em poteéncias de £*. Como em qualquer
teoria quantica de campo local envolvendo campos adimensionais, tem-se a liberdade de
realizar reparametrizacao arbitraria desses campos como, por exemplo, no caso do mo-
delo sigma bidimensional nao-linear (BLASI; DELDUC; SORELLA, 1989b; BECCHI;
PIGUET, 1989a) e da Yang-Mills Supersimétrica N' = 1 (PIGUET; SIBOLD, 1982a; PI-
GUET; SIBOLD, 1982b). No nosso caso, isso significa que temos a liberdade de substituir

& por uma funcao adimensional arbitraria de £%, ou seja
fa N wa(g) — fa + atlszé-bgc 4+ agbcdébgcgd + agbcdegbgcgdfe T (153)

Esta liberdade, inerente a adimensionalidade de &%, é claramente evidenciada no nivel
quantico pelo o fato que o campo de Stueckelberg é renormalizado de maneira nao-linear
(CAPRI et al., 2016a), isto é, como na equagao (153), expressando precisamente a liber-
dade que se tem na escolha de uma reparametrizacao para £“.

Na equagao (152), nés poderfamos ter igualmente iniciado com um termo como

s (E°€") = s (Ew(€)) = s (¢*(£* + a*€"¢° + g + L)) (154)
Claro, como u? e «, todos os coeficientes (a?%, a3, agbde ..} sao pardmetros de gauge,

nao afetando as fungoes de correlagao das quantidades invariante de gauge. A equagao
(154) expressa a liberdade que sempre se tem quando se trata de um termo de fixagao
de gauge que depende explicitamente de um campo adimensional, como o termo (152).
Particularmente, esta liberdade continuara durante toda a andlise da renormalizacao,
significando que a renormalizacao da fixacao de gauge é um termo nilpotente do tipo

s (c"w?(§)). Alternativamente, poderfamos iniciar com a fixacao de gauge generalizada

en =a a a 'a—a a
Syt = /d4x s (c (8,A%) — pPw™(€)) — i5¢ b )

a a
- / diz (ib“&MAZ + %b“b“ — bW () + 29, D (A) + Maﬂ‘gT(f)gcd(g)cd) :
(155)

e levar em conta a renormalizagao da quantidade w®(§), codificado no conjunto infinito

abed
)

5 b bed
de parametros de gauge (a$*, as gbede ")

a ...). Seguindo, devemos usar a fixagao de gauge
(152) e identificar no contratermo final o termo que corresponde a reparametrizagao (154).
Além disso, no APENDICE A, fornecemos uma segunda prova da renormalizabilidade do
modelo mostrando as identidades de generalizadas de Slavnov-Taylor correspondentes ao

termo de fixacdo de gauge (155).
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Resumindo, como ponto inicial, tomamos a agao local e invariante de BRST

S = Sino + Syf (156)
com
sS =0, (157)

onde as transformagoes de BRST sao dadas pelas equagdes(149),(150),(151). Vamos pros-

seguir agora para os propagadores em nivel de arvore.

3.5 Os propagadores dos campos elementares

Os propapagadores dos campos elementares sao facilmente calculados da parte

quadrética da agao (156), i.e.

1 1. a a ala —=Qa a —=a a
Squad. = /d456 (Z(@Aﬁ — 0,A%)” +ib"0, A% + DL e — pretc

m2

2
m a a a a a a
FI AL — P AD,E + T (9,6 (0,6)

+Ta8uAZ . TaaQé-a 4 T—]aaQ,r]a . iu2ba§a>

1
_ /d“xé[Af; e | x
(=0,,0° + 8,0, + m*) —id, —m?d, —0, Al

" 10, o —ip? 0 b
m2ay _iMQ _m282 —82 ga
0, 0 —0? 0 T

+/d4aj (0% + 7" 0°n" — e c?) . (158)
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Portanto, os propagadores obtidos sao

(A A () = o (e S )
L
(A% (p) & (—=p)) = o® (ﬁ)
i) (-p) = o <p2 (Zi iulﬂ))

(b (p)b* (=p)) = 0

. by B 5(11),&

(b (p) & (—=p)) = e

(b (p)7°(=p)) = 0

. by _ (5aba

(& ()& (=p)) TR

. b, B 5ab

& (p)r°(-p) = P2
(T (p) " (=p)) = —6pT

@O D) = o

ab
i W) = (159)

onde, P, = (5uv — B ;§”> eL, ="~ ;5" s20 os projetores transversal e longitudinal. Vemos
que todos os propagadores tém um bom comportamento ultravioleta, que pode ser verifi-
cado por contagem de poténcias. Além disso, o papel do parametro massivo de gauge % é
clara agora: isso d4 uma massa regularizada invarinate de BRST para o campo de Stuec-
kelberg £%. Observe que, quando u? = 0, o propagador do campo de Stueckelberg é dado
por (£(p)&(—p)) 2=0 = =&, 0 qual pode originar potenciais divergéncias infravermelhas em
alguns tipos de diagramas de Feynman. Note também que, como esperado, o parametro de
massa m? aparece na parte transversa do propagador de gltion, uma caracteristica que tem
um sentido fisico. Na verdade, acoplado ao operador (AZ’“AZ’“), o parametro m? entrard
na funcao de correlacao dos operadores invariante de gauge, permitindo parametrizar de

maneira efetiva seu comportamento infravermelho.
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3.6 A%. versus o termo de massa convencional de Stueckelberg

Antes de enfrentar a andlise da renormalizabilidade da ac¢do S, em (156), vamos
fazer uma pequena comparagao com o modelo massivo padrao de Stueckelberg (RUEGG;
RUIZ-ALTABA, 2004), correspondente a agao

1 m?
4 a 1a h,a ph,a
SStueck = /d z (Z_l FMVFuu + 7 AH AM > + ng ) (160)
onde S, ¢ dado pela equacdo (152). Vemos que a agdo convencional de Stueckelberg
corresponde a adicao do operador invariante de gauge (AZ’“AZ"‘) sem levar em conta a
condi¢ao de transversalidade G#AZ’“ = 0, implementada na acado (156) através do multi-
plicador de Lagrange 7% e os campos de ghost correspondentes (7%, 7%). A remocao da

restricao 8MAZ’“ = (0 d& origem ao propagador de Stueckelberg padrao, isto é

6abp2 N 6aba
mQ(p2+M2)2 (p2+/~52)2 :

(€ () € (=) stucek = (161)

A partir desta expressao, podemos entender facilmente a causa do mal compor-
tamento ultravioleta do termo massivo de Stueckelberg, que é a causa da sua nao-
renormalizabilidade (FERRARI; QUADRI, 2004). Vemos que de fato o parametro de
massa m? entra no denominador da expressao (161). E facil ver que, esta propriedade
prejudica a renormalizabilidade do modelo de Stueckelberg padrao (FERRARI; QUADRI,
2004). Devido a presenga da massa m? no denominador do propagador (161), divergéncias

nao-renormalizdveis aparecerao devido ao inverso da massa m?

, invalidando portanto a
expansao perturbativa de loops baseada na expressao (160).

O papel do termo [ d*z 7° 8NAZ’“, implementando a restricao 8MAZ"’“ =0, é clara
agora. Fle da origem a uma profunda modificacao do propagador de Stueckelberg , re-

movendo o primeiro termo problematico da expressao (161). Resta, portanto,

a.bp2
’ m2(p2+u2)27

apenas o segundo termo, i.e. qual nao oferece qualquer perigo ultravioleta por

§%q
(P2 +1n2)*’
contagem de poténcias. E esta modificacido que assegura a renormalizagdo da agao (156)

a todas as ordens, que vamos discutir em detalhes na proxima secgao.

3.7 Caracterizagao algébrica do contratermo

Estamos agora prontos para iniciar a anélise da renormalizabilidade da ac¢do eq.(156).
Seguindo os passos da renormalizagao algébrica (PIGUET; SORELLA, 1995), procedemos
primeiramente estabelecendo as identidades de Ward que empregaremos para o estudo das
correcoes quanticas. Para finalizar, precisamos introduzir fontes externas invariantes de
BRST (€5, L¢, K*) acoplado aos campos (Af, ¢*,£*) que possui variagoes de BRST nao-
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a =a

e HM) acopladas aos operadores compostos invariantes de

lineares assim como fontes (

BRST (AZ“,DZb(Ah)), ie
sV, = sL* =sK*=sJ] =sE,=0. (162)
Partiremos da acao completa invariante de BRST X definida da seguinte forma

5 (ba>2 - iMabbagb

Y = / d'z G (F2)? + il 9,A + 29, D0 + =
Nab—ag + Mab—a be <§> * + flaa Dzb (Ah) nb + m_zAhaAha
_'_Taa#Aha QaDab b + fabcLa c + Kag (g)ab b + jaAha

=D (A") ) (163)

onde, por conveniéncia, temos também introduzido os dubletos de BRST das fontes ex-
ternas (M N)

sM® =N sN*=0, (164)
afim de que
s =0. (165)

Note que a agao invariante (156) ¢ imediatamente recuperada da agao X colocando as
fontes externas (Qf = L* = K* = J¢ = 25, = 0) e (M® = §*u*, N** = 0).

A acado completa Y obedece as segulntes identidades de Ward:

e A identidade de Slanov-Taylor

0% 0% 0% 0% 0 0¥ 0% 0%
) d* — 4+ b — N —— | = 0;
5) / v <5QZ 5A " 5Leoen " 5e T SKasge 6Ma”> K
(166)
e A equacao de movimento do multiplicador de Lagrange b* e do anti-ghost ¢*
52 . a a - ra
e = OuAu+abt —iM beb (167)
0% 0% a 0% beh
g — MU = Ve (165)
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Tabela 2 - O nimeros quanticos dos campos.

AZ ba Ca Ea Ta na ﬁa §a
dimensao 1 2 0 2 2 0 2 0
n° de ghoste 0 0 1 -1 0 0 0 O
n°deghostn 0 0O O O O 1 -1 0

Fonte: O autor, 2019.

e A identidade de Ward do ntimero de ghost

)3 0% 0% )3 0x 0%
4 a _=a el . a _a Nab _ . 1
/d ! (C s~ s gaw s T Nk T 5Nab) 0 (169)

e A equacao do multiplicador de Lagrange 7¢

0X 0X

oo~ W57 = 0; (170)

e A identidade de Ward n*

0 0X 0%
J abe —b aberzb - 0: 171
/ x < 5 9fn s 9T E S 7 ’ (171)
e A equacao do anti-ghost 7°
0X o
one Mo ’ )

e O numero de ghost (n%, %)
ox ox ox
g (7005 002 _ 0. 173
/ r (7] S n 5 Ea> 0 (173)

Todos os numeros quanticos e dimensoes de todos os campos e fontes sao fornecidos nas
Tabelas (2) e (3).

Afim de encontrar o contratermo invariante mais geral que pode ser livremente
adicionado a todas as ordens em teoria da pertubacgao, seguimos o programa da renor-
malizagao algébrica (PIGUET; SORELLA, 1995) e perturbamos a acao cldssica (163),
adicionando uma quantidade integrada local nos campos e fontes, X, com dimensao 4

e nimero de ghost 0. Exigimos entdo que a agao perturbada, (X + eX), onde € é um
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Tabela 3 - Os nimeros quanticos das fontes.

QZ e Ko j: E’Z Mab Nab
dimensao 3 4 4 3 2 2 2
n° de ghost ¢ -1 -2 -1 0 0 0 1
n® de ghostn 0 0 0 0 -1 0 0

Fonte: O autor, 2019.

parametro de expansao, obedeca, para a primeira ordem em ¢, as mesmas identidades de
Ward obedecidas pela ac¢ao classica 3, i.e., equagoes (166), (167), (169), (170), (171) e

(172). Isso equivale a impor a seguinte restrigao em X:

BeX =0, (174)
520]&

— 0 175
sbe (175)

520]& 5201& Mabéict _

S Oy~ Mg =0 (176)
oyt oxet

- M 1
s~ Ous 7 0, (177)
/d4x 52025 N fabc—béid + fabc:‘b&d =0 (178)

o e I T agy) T

§yet ox

50y, (179)
0 K (SLM

onde By, é o chamado operador de Slavnov-Taylor nilpotente linearizado (PIGUET; SO-
RELLA, 1995), definido como

3 _/d4 L 5 0% 6 62§ 985 0% 5
2T O T\SuoAs T 5AL s T §Lese | sen S | GK oée

0¥ 9 d d
! b'— 4+ N —— 1
+ /dﬂ?<5£a5 ~ +ib s T 5Mab) , (180)
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com
BBy = 0. (181)

A primeira condi¢ao (174), diz que o contratermo ¥ pertence a cohomologia do opera-
dor By, no espago dos polinomios locais integrados nos campos, fontes e parametros, de
dimensao 4 e nimero de ghost zero. Devido aos resultados na cohomologia do BRST
das teorias de Yang-Mills (PIGUET; SORELLA, 1995) e levando em conta as anélises ja

feitas em (CAPRI et al., 2016a), a forma mais geral para ¥ pode ser escrito como
¥t = Acohom _'_BZA(_D )

onde A opom denomina a cohomologia de By, i.e. a solu¢ao nao-trivial da equagao (174),
e AD a parte exata, i.e. a solucdo trivial de (174). Perceba que, segundo os nimeros
quanticos dos campos, A"V é um polindémio integrado de dimensao 4, ntimero de ghost
¢ -1 e nimero de ghost 7 zero.

Para A ohom, temos

4
+agretAhe ARt A Al 4 (9,7 + T0) F9 (A, €) + a5 (0,71 + E%) (9,m")

0 (D + ) 0 G (A, €) + m*T(A,€)) (182)

Acohom = /‘#5’j (ﬁ (F5V)2 + a1 (9,A) (0,AL%) + a2 (0,AL") (9. AL)

onde F! (A,§), G, (A,§) e I (A, §) sio fungdes locais de Af. e §%, com dimensdo 1, 1 e 2,
respectivamente. Para escrever a expressao (182) temos que levar em conta as restrigoes
(176)—(179). Além disso, da condicao (174) obtemos

BZFS (Aa g) = BEGZ (Aa 5) = BE[ (Aa 5) =0. (183)
Seguindo, as equagoes (183) sao resolvidas por

Fi(A¢) = a4AZ“ , G (A 6) = aﬁAZ“ , I(A¢) = mAZ“AZ“ , (184)
onde (ay4, ag, ar) sao coeficientes livres. Portanto,

Acohom = /d4l’ (% (F/Z/)Q + aq (8#"42&) (aVAl’}a) + as (a,u,Aim) (a,u,Aﬁa)
A AN (0,7% 5 T2) A a5 (0,7 + ) (0

+agf2 (0.7" + EZ) nbAZC + a7m2AZ“AZ“> .

Vamos discutir agora a parte exata da cohomologia de By, que, tendo em vista os niimeros
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quanticos dos campos e fontes, parametrizamos como

A(”—'/fw(?@@?WWEW&MU&#@@ﬂﬁqam%ﬁ?@@&%ﬂm
20 (&, a) ASQ + [0 (&, a) A% (0,8) + [ (€, a) (0,4%) &
5 (& @) (0, )(a &)+ f5° (€, 0) € (0°F) + fi5 (€, a) b
(& )T+ [0 (E o) '’ + [ (6, a) e
+fabc (€, ) Mabgccd> 7

onde (fi, ..., fi4) sdo coeficientes arbitrarios. Impondo as restrigoes (175), i.e

b _
WBZA( V=0, (185)

e fazendo o uso da relacao de comutacao

5 5 o 0 O

- 1
spBs = Bog +i <5k+3u59k M (W) ) (186)
encontramos
SACD - OATY 0% Offf (6:0) o . 1a a
o~ i & a)e = B =i 1?9§m e L

Além disso, de

s TS M s

[ SACD SACD SACD , ; o @
z( ' > = —id, ( gk(faa)AZ)+Zf7k(5’a) (auAu)

—i, (f§* (6, @) (0,6%)) + 0% (f¥ (€, ) €7)
+ifiy (& a) 0 +ifff (6, )7
Hifik (& ) 7 n” + 2iff2e (€, o) e
+Zfabck (5’00 Mabf

—i0” (f5* (&, ) €°) +i0, (f1* (£, ) (0,8Y))
+i0, (f5* (& o) A%) — iM™ [ (&, ) €
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segue que
D BAY —0 = affggi’ >g () - 2fl (6, 00|
‘H[ £ 10 v (&, )} b
i [ f8F (6 o) + [ (€ a) + fF (€, )] (0,A7)
@[( £ a ) (0 5% (£,))] A
+i [— ( )) (0uf5" (&, ) + (33" (&, @) + (9f5" (€, @))] (9,67)
+i [ S5 (& a) + [ (& a) + [ (€, 0)] (0%¢%)
+i [— (82f§’“(§, )) (0°fs" (&, 0))] &
HifE(§ o) T fE (G o) i+ (R (€ ) — 5F £ (6 o) Ml

Apartir de (187) podemos derivar relagdes entre os coeficiente (fi, ..., fi4). Vamos iniciar

com

(aufgk (5,04)) - (aufgk (£7a)) =0 = gb = gb+(5aba ) (187)

onde a é uma constante. Outra relagao seria

—fe" (Ga) + 55 (& a) + fIH (€ a)=0 = (& a)=0". (188)
Analogamente
— (Pf5" (€ @) + (2 f5" (€, 0)) = = 55 (&) = f5 (& ) + b6, (189)

com b uma constante livre. Em seguida, de

[— (0.5 (€)= (0uf5" (€, )) + (Oufi® (& @) + (Oufs* (£, )] (190)
obtemos
S (&) = 15 (6 a) + e (191)

com c constante. Finalmente

- gk(’gva)_ Z‘?k<€7a)+ffk(£7&)+fgk(§va):0 = b=c. (192)
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Portanto, AV torna

A(*l) — /d4£€ ( {zb (6,04) (faKb—l—Mbeaéc)
(& a) Lo + f50 (€, 0) € ((8,828) + (0%))
FF (€ ) (0,87 (2 + (9,2))
(6, a) AL () + (0,2))

) 7abb 1 af (67 >gmc

i (€)@t 4 5~ S (g )

Agora impomos a restrigao (178)

52075 520]& —n 620t
/d4x<5nm T ey el Mp) - v

= [t (st o) @+ FUEN AT = 0,

da qual obtemos ag = —aug.

Além do mais, podemos reduzir o ntimero de parametros de X observando que,
colocando K* = M = N* = J¢ = 2% = m = 0, a agdao completa (163), reduz para
a teoria de Yang-Mills ordinaria no gauge linear covariante, com a integracao sobre 7¢,
n* e 7* dando 1. Consequentemente, usando a bem conhecida renormalizacao da teoria
de Yang-Mills padrao no gauge linear covariante (PIGUET; SORELLA, 1995), obtemos

a1 = ag = agde =0, a5 = a4, assim como
50 (6 a) = 0%y (), 5P (€a) = 6"ds () | (193)

com (dy,dy) sendo parametro livres. Além de, temos também

37 (€)= fi" (& 0) = fig (€0) = 0.

Logo,

Bunon = [ (% (F)? + an (047" + 52) AL+ (0 + 23) D (4) )
+a7m2AZ“AZa> ,

e

ALY = / d%( 1€ ) (K" + M) + di () L + dy () A% (Q0 + (a“z:a))) :
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Vamos finalizar esta secao escrevendo a expressao final do contratermo mais geral invari-
ante X na forma paramétrica (PIGUET; SORELLA, 1995), i.e

rt = —aogg—i +dy (@) 2042—2 + aym? 887721:2
+/d4a; <a4( 0 9% +J,f§ja —n“§;+Ez;§Z)
- (e faéf Vet ) Ko+ 60 €
il o) A5 2 =y 0) 55—y 0) 2 — o (0)
i (@) 0y (@) LS (< (€, ) + da (0) 5) N0
+ (da (@) 6°° — f2 (&, 0)) M 5%&1 L9 f;éi’o‘) Mg (&)™ cdaf) . (194)

3.8 Analise do contratermo e fatores de renormalizagao

Tendo determinado a forma mais geral do contratermo invariante local (194), va-
mos prestar atencao ao seu significado fisico. Como ja mencionado antes, no intuito de
determinar a renormalizacao dos campos, fontes e parametros, prestamos atencao ao fato
que, devido a explicita dependéncia da fixacao de gauge do campo de Stueckelberg £¢,
a renormalizacao da fixagdo de gauge para uma ambiguidade do tipo da equagao (154),
que corresponde a renormalizagdo da quantidade w®(§), i.e. dos parametros de gauge
(agbe, agbed qgbede ). Para esse fim, serd suficiente analisar os dois tltimos termos da ex-
pressao para (194), que, ao definir as fontes (M, N%) para seus valores fisicos, ou seja,

(M = §9y% N = (), torna

(dy(a) — f1(0, ) p? gz+u / < b€, ) (ib%ET — g (&)cF) + of a(gi’ )*ﬁagkd(é)cd>,

(195)

onde colocamos

(f, )_ (? >+f (f,Oé), (196)

com f2(0,a) = 5 f1(0, ) sendo o primeiro, independente de £%, termo da série de Taylor
de fo(£, ) em poténcias de £* e (£, o) indicando os termos restantes dependentes de

€. Claro que, f(0,a) = §f1(0, ) é apenas uma constante.
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Ademais, observamos que a expressao (195) pode ser reescrita como

(@) = O i [ s (g )de) | (197)

ou, equivalente a

(da(a) — f1(0,0)) ,u2g—52 + p2/d4x s (@a’(¢, ) | (198)
com G(€, ) = fit(€, a)e.

Agora somos capazes de revelar o significado destes termos. Primeiro, o termo
(da(a) — ff@(0,)) corresponde a uma renormalizagdo multiplicativa do parametro de
gauge massivo pu?. Isto segue da observacao que, se p? é um parametro independente
do espago-tempo, sua renormalizacao deve ser dada por um fator constante indepen-
dente do espaco-tempo , i.e. precisamente (da(a) — f*(0,)). Por outro lado, o termo
[d*z s (Ebd)b(f , a)) é do tipo de (154), portanto correspondendo a ambiguidade inerente
a fixagao de gauge ja discustido antes. Como ja mencionado, este termo pode ser mani-
pulado partindo desde o inicio a fixacdo de gauge generalizada (155), cuja renormalizagao
algébrica pode ser feita empregando as identidades de Ward mostradas no APENDICE A.
Fazendo isso, o termo [ d*z s (Ebd)b(f , a)) correspoderd a uma renormalizacao da funcao
de fixagao de gauge w®(£), i.e. dos parametros de gauge (ag®¢, agted, agbede ..).

Podemos ler os fatores de renormalizacao, i.e.

Y(P) 4 eX4(D) = (Do) + O(e?) (199)
Oy = Zs® + O(?) , (200)

onde P significa uma notacao abreviada para todos os campos, fontes e parametros. Entao,

encontramos os seguintes fatores de renormalizagao:

Ay = ZNPA,, bo=2"b, coy= 2%, =2, (201)
8= Z8E 10=2Z"1 Qo =200, Lo=2,L (202)
Ky = Z2(OK', m2=Z,om*, Jo=2,T, (203)
G = Zyg, oo ="Zea, fo=2;"7, no= Zy™n, (204)
S0 = Z=E2, pg=Zept, (205)
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onde
Zg =1- 8%
2 =75 =27 = 7 = 71 =1 1 edy(a)
Z¢ =" +efi'(€ )
Z, =7 =1+ed(a)
Zy =Z,=72=Z"=7;=1+c¢cay
L2 =1+c¢ear
Zsz  =1+e(dy— f2(0,0))
7% =" -e ( (g, )+ 150 {Zg’ 2 5’“) . (206)

Note que, como esperado, o campo adimensional £* renormaliza em uma maneira nao-
linear através da quantidade f2°(£, ) que é uma série de poténcias em £%. As equagoes
(199) e (206) estabelecem a renormalizabilidade da agao eq.(163), e portanto da agao
invariante (156), até uma ambiguidade nao-fisica exata de BRST do tipo da equagao (154).

Como j4 dito, a inclusao explicita de tal ambiguidade sera fornecida no APENDICE A.

3.9 Conclusao

2

2 m> €d.(1), e a configuragdo de campo transversa

O operador invariante de gauge A

ah
“w

eq.(152) e eq.(155), que compartilha similaridades com o gauge R de 't Hooft’s usado na

invariante de gauge A", eq.(137), foi investigada numa classe geral de fixagoes de gauge,

analise das teorias de Yang-Mills com quebra espontanea de simetria. Como mostrado por
2

(CAPRI et al., 2016a), uma configuragao local é construida para ambos A: . e Azh, sendo
representada pela a aco local e invariante de BRST (143). O procedimento de localizagao
é feito usando um campo auxiliar adimensional £ tipo Stueckelberg. Portanto, apesar
da presenca do campo £ e ao contrario do modelo massivo de Stueckelberg, a presente
construcao origina um modelo bem comportado no ultravioleta e renormalizavel a todas
as ordens, como foi discutido em detalhes nas Secgoes (3.7) e (3.8) como também no
APENDICE A. Particularmente, o ponto chave da renormalizacao que foi a condicao de
transversalidade 8MAZh = 0 foi enfatizado ao longo do capitulo. Ea implementagao direta
dessa restri¢ao na agao local (143) que faz uma substancial diferenca em relagao ao modelo
convecional de Stueckelberg. Com certeza, como mostrado na Segao (3.6), esta remove
a componente do propagador de Stueckelberg que gera as divergéncias ultravioletas, veja
eq.(161) versus eqgs.(159). Sobretudo, através da equacao (159), vemos que, similar ao
que acontece no caso do gauge R de 't Hooft, o uso da classe geral de fixacoes de gauge

(152) e (155) produz uma massa p? para o campo adimensional de Stueckelberg £2. Isto é
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um recurso bem aceito a qual pode ser empregado como uma regularizagao infravermelha

invariante de BRST para £* em célculos de loops mais altos.
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4 QUANTIZANDO TEORIAS DE SUPER YANG-MILLS N =1

4.1 A algebra supersimétrica

A &lgebra supersimétrica consiste na extensao do grupo de Poincaré ? adicionando
geradores bosonicos Qf e fermionicos Qf, onde o = 1,2; I = 1,--- N t.q. N representa
a dimensao do grupo.

A superalgebra extendida N, também chamada N-superdlgebra de Poincaré é

escrita como

[M;un Mpa] = _i<gupMua - g,uO'MVp + gl/oMup - gupMuU)a (207)
[M,uuap)\] = i(PpguA_Pugy)\)a (208)
[TcuTb] = ifabcTC7 (209)
{Qn:Q3) = eapZ", (210)
{_Q,Qé} = eg2", (211)
{Ql.Q}} = 207alP,, (212)
Q4P = 0, (213)
QL. P)] = 0, (214)
1

[ gwM,uu} - 5( ;w)ﬁ@éa (215)
_ 1 ;

Q] = ~Louial 216
Qe To] = (Ra)jQu, (217)
Qe T] = (Ra);Qa (218)

Os Z!7 = —Z17 sao chamadas de cargas centrais que significa que elas comutam com

todos os geradores da superdlgebra (BILAL, 2001). A mais simples superdlgebra que
podemos usar é AV = 1, ou seja, possui um indice e Z' = 0. No primeiro caso de uma
superalgebra extendida N = 2, h4 apenas uma carga central com Z'2> = Z. Do ponto de
vista algébrico nao h4 limites para A/, mas podemos ver que a dimensao N é proporcional
a helicidade das particulas contidas numa teoria. Entao, para uma teoria nao massiva
devido a antisimetria em I,.J hd 2V estados com 2V~! férmions e 2V~ bésons, com o
supermultipleto representado por (Ao, (Ao +1/2)1, (Ao + 1)1, , (Ao +N/2)). Em geral,

num supermultipleto, exceto se A\g = —N/4, as helicidades nao serdo simetricamente

2 O grupo que contém as transformacdes de Lorentz, rotacoes J; e boosts K;, e as translacdes P,.
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distribuida sobre 0. Logo, tais multipletos nao podem ser invariantes CPT, uma vez que
a simetria CPT muda o sinal da helicidade. Para satisfazer CP'T precisamos dobrar estes
multipletos adicionando seu conjugado CPT com helicidade oposta e niimeros quanticos
opostos.

Portanto, para uma superalgebra nao-extendida N’ = 1 podemos construir os se-

guintes multipletos:

e multipleto quiral: consiste de (0,1/2) e seu conjugado (—1/2,0), correspondendo

a um férmion e um escalar;

e multipleto vetorial: consiste de (1/2,1) e seu conjugado (—1,—1/2), correspon-

dendo a um bdson de gauge e um férmion;

e multipleto do gravitino: consiste de (1,3/2) e seu conjugado(—3/2, —1), corres-

pondendo a um bdson de gauge e o gravitino;

e multipleto do graviton: consiste de (3/2,2) e seu conjugado(—2, —3/2), corres-

pondendo ao graviton e o gravitino.

Para N’ = 2 o supermultipleto é (Ao, \g+1/2, \g+1/2, A\g+1). Desta forma vemos

que para casos que nao excede helicidade maior que 1, existe dois casos:

e multipleto vetorial: contém (0,1/2,1/2,1) e seu conjugado (—1,—1/2,—1/2,0),
correspondendo a um escalar, dois férmions e um béson de gauge. Em termos de

N =1 temos a soma de um multipleto quiral e vetorial.
e hipermultipleto: contém (—1/2,0,0,1/2), que é auto-invariante de CPT.

Para N = 4, com uma helicidade que nao exceda 1, temos

(Ao, (Ao +1/2)1, (Mo + 1)1, (Ao +3/2) 115 (Ao + 2) 1) (219)
onde I, J, K,L =1,---,4. Assim, o unico estado que podemos construir é \g = —1, i.e.,
(=1, (=1/2)1,(0) 1, (1/2) 15, (V) 1y r) (220)

tal que as combinagoes nao repetidas dos indices nos dao
(—1,4 x (=1/2),6 x 0,4 x 1/2,1), (221)

que é um multipleto auto-invariante de CPT, contendo um bdson de gauge, 4 férmions de

Weyl e 3 escalares complexos.
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4.2 Superespago N'=1

Uma vez apresentada a algebra supersimétrica, temos que encontrar as repre-
sentacoes da dlgebra em termos de campos. A maneira mais simples e compacta para
fazer isso é introduzir um superespaco (WESS; BAGGER, 1992). Nesta se¢@o nos restrin-
giremos a um superespaco N = 1 que ¢é o enfoque do nosso trabalho.

A idéia bésica para construir um superespaco N = 1 é enlarguecer o espaco usual
adicionando coordenadas Grasmanianas anticomutantes , e 6,. Logo, as coordenadas
no superespaco sao (T, 0, 04).

As coordenadas 6, e 6, sdo espinores constantes independentes das coordenadas z*.
Por sua vez os espinores constantes anticomutam entre eles, i.c., {#%, 6%} = {§% 6%} = 0.

Tal que os bilineares sao contraidos pela regra

00 = 00, = —0,0% = —20"0% = +20,0, = —20,0, (222)
(§]
00 = 0:0% = —0%0, = +20,0, = —20,0, = +-20"6°. (223)

O indices podem ser escritos de forma covariante e contravariante usando

0* = 60‘6657 0, = ea[gHB, 6% = eé‘ﬁég, 0, = éﬁegd, (224)
€apc’ = 525% — 52‘52, edﬁ-e’\"’ = 525; — 5252, (225)

onde €,5 6 um tensor anti-simétrico rank 2 com «, 3, ¢, 3 = 1,2 e §) é um tensor rank-2

simétrico atuando como 6, = 6205 e 0, = 5505. As derivadas em 6 e 6 sao definidas

a%aeﬁ = e %95 =5 (226)

Uma vez que os #’s anticomutam segue que 6" =0,V n > 2 tal que n € N, i.e.,

1 1 1
0007 = 0°0,0" = —0,0°0" = 56”%98 = —56'“9&69 = —59709. (227)
Logo,
1
000" = —50700 = 00607 = 0. (228)

Todas as combinagbes possiveis podem ser mostradas nulas pela (228), por exemplo
020507 = —(1/2)e*2000" = 0.

A integracao no superespaco é definida por

/ d6y = (a+b0,) = b, (229)
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isso implica que

//d91d920291 == //d92d919192 - 1 (230)

Como (1/2)df1dfy = d?0 e (1/2)dfydf, = d*0, temos ainda que

//d29 00 = //d29 00 = 1. (231)

Através de (231) obtemos a delta de Dirac espinorial
52(0) = 06 e 5(0) = 99. (232)

A integracao pode ser escrita como

o 0 - o 0
2 04,3 20 oaB
//M 1" 90e00° © //da 45 9% gpp (233)

E claramente temos que
/ / / / d*0d*0 0000 = 1. (234)

4.3 Supercampos N =1

No caso N =1, temos a dlgebra de Poincaré onde as cargas espinoriais anticomu-

tam como

(QuTa} = 208 Py {Qu @5} =0, (@0 @3} =0, (235)

e comutam

Qo M) = 30 EQs: [0 M) = —5)5T (230
[Qa, Pl = 0, [Qs Pl =0, (237)

e ainda para

[Qa: R] = —Qa, [@dv R] = @d? (238)

onde R é um gerador infinitesimal de um grupo abeliano U(1) no qual o grupo de simetria
interna GG encolheu.
Usando as transformagoes supersimétricas como uma algebra de Lie podemos de-

finir objetos

G(x,0,0) = e~ PuttQ+0Q) (239)
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chamado supercampos que transforma covariantemente sobre transformagoes supersimétricas.
Supercampos pode ser do tipo vetorial, ou tipo quiral. Um supercampo quiral A(x,#,6)

e anti-quiral A(z,0,0), é um supercampo obedecendo a condicdo de quiralidade

DyA =0, DyA=0, (240)
onde
Do= -2 ot g%, D O o (241)
o = oo 1044 5 & — T g4 O né
00« K 50 K

sao as derivadas covariantes supersimétricas e
Aly,0) = z(y) + V200 (y) — 00 (y). (242)
Usando que

Y = 2" 400”0, g =" —ibfotl (243)
Do = Dal = D.y= Dsy =0, (244)
podemos expandir em série de Taylor o supercampo (242) em termos de , 6 e 6:

L
V2
- i@@éé@%(x). (246)

Ax,0,0) = 2(z) +V200(x) + i05"00,2(x) — 00 f (x) 000, (x)0"0 (245)

Para A temos
A(x,0,0) = Z(x)+ V20i(z) — i05"00,%(x) — 00f (z) + %6_590“@@(@ (247)
— %1999_9_822(3:). (248)
O supercampo vetorial é real VI = V| escrito como
V(2,0,0) = C+ify—i0x+0c"0A, + %HH(M +iN) — %%(M —iN) +i006 (A + %J“aux)
— 060 ()\ — %0“8,&) + %90@ (D - %620) . (249)

Os supercampos sao fungoes do superespaco que pode ser vistos em componentes

por séries de poténcias em 0 e 6. As leis de transformagoes (translagao, supersimetria e
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simetria-R) de um supercampo qualquer ¢ sao respectivamente definidos

5o = 00, (250)

2 = (s +iotad,) o (251)

o 5

Q¢ = (_Td — 000 ) ¢, (252)
58 g

€

6Rp =i (n - o 0 éé“i) ®. (253)

0T 5"

O ntmero n em (253) é o “peso-R” do supercampo ¢. Os pesos-R sdo opostos entre eles

em supercampos conjugados complexos. Estes operadores obedece a algebra de super-

Poincaré
{62.68) = —2iolidy. ) (254)
09,67 = 69, [69,0%] = —io?. (255)

4.4 A acao Super Yang-Mills N/ =1

Comecamos com o supercampo vetorial V no grupo de gauge G,i.e. V =VeT? a =
1,---,dim G onde T° sao os geradores do grupo. O objeto fundamental é eV. A transfo-

ramacao de gauge ¢ dada por

R (256)

eV ethe Ve (257)

Tendo isso podemos construir a agao Super Yang-Mills

Sevm = —itr ( / dS WW, + / dSWdW"‘> (258)
_ —%tr / 4s Wew,, (259)

onde usamos de (258) para (259) que DW, = Dy;W<. Além disso, temos

W, = D*(eVD,e"), (260)

Wi = D?*(eVDae™), (261)
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representando o supercampo invariante de gauge W e seu complexo conjugado W¢. Esse

supercampo é quiral e se transforma covariantemente sobre (257) da seguinte forma:

We = eryeeih, (262)

Similarmente, temos o complexo conjugado como

W = M paeiat, (263)
Para as transformacoes infinitesimais, temos que

Ogauge W™ = i[A, W, (264)
Sgauge W = i[AT, W9]. (265)

Podemos também escrever a agao (259) em fungao do supercampo vetorial V' como
1 _
Ssvw = — / dV VD*D?D,V, (266)

tal que através das transformagoes (257) e observando que [V, "] = 0, mostramos que

l

SgangeV = —%LV(A + &) — 5 (Ly coth(Ly;2))(A - A), (267)

onde Ly X = [V, X] é a derivada de Lie. Para uma detalhada dedugao de (267) veja
(MULLER-KIRSTEN; WIEDEMANN;, 1987).

Para encontrar as equagoes de campos, minimizamos (266) com relacao a V:

) _
WESYM =0 — D“D*D,V =0 ¢ D*W, =0. (268)

4.5 Fixacgao do gauge e a invariancia BRST

Um dos fundamentos para construcao de uma teoria supersimétrica de gauge é a
fixacao do gauge. A fixacao do gauge permite que possamos eliminar as liberdades das
teorias de gauge e obter resultados fisicos consistentes. A fixacao de gauge da teoria de

SYM N =1 é obtida pela implementacao do termo

D*D*V =0, (269)
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através de um campo auxiliar B. Assim, temos acao
1 _
Yp = gt / dSBD*D?*V + c.c (270)
1 _
= gtr / dVBD*V + BD?V. (271)

Sabemos que os grupos nao-abelianos possuem a simetria BRST. Antes de escrever a acao

vamos definir as transformacoes BRST, sobre o qual a acao total é invariante:

sV = %Lv(c+5)+%(LVcoth (Lvj2))(c—0), (272)
sc = —02:—%f“bccbcc, (273)
s¢c = —¢&, (274)
s¢ = B, (275)
s¢ = B, (276)
sB = 0, (277)
sB = 0. (278)

Podemos ver que a simetria BRST exige a introducao dos supercampos de ghost de
Faddeev-Popov. Os ghosts (¢, ¢) e os anti-ghosts (¢, ¢’) s@o supercampos quirais e anti-
quirais grassmanianos, respectivamente.

A agado (259) ja é invariante de BRST. Mas, Y ainda nao é. Para fazer ¥p
invariante de BRST podemos usar a nilpoténcia do operador BRST (s? = 0) para construir

a seguinte acao de fixagao de gauge:

1 _
Secp — Slg / dV (d*D*Ve + 2D V) (279)
1 a2y7a na MN21/7« /a 12 a —1a 32 a
= 3 dv(BDV + BOD2V — ap2sV —chV). (280)

Concluimos que a acao total BRST invariante correspondente a extensao supersimétrica

de Faddeev-Popov é dada por

Ysrp = Xsym + Xsar (281)

1 1 _ _
= -3 / dVWWe + 2 / dv (B“DQV“ + B*D*V* — *D?*sV* — ¢ D23Va> ,

(282)



4.6 Renormalizabilidade da Super Yang-Mills N/ =1

Partindo da agao de Super Yang-Mills invariante BRST

Ysym = XgyMm + 2sqr + XExT

= L tr/dS (WW,) + s

1 —2
o - dv /aD2va —la D Va
12842 8 / (c +e )

+ / dV QG (c,?) +% / ds f“bCL“cbcC+% / dS feeLoge .
Sabemos que a acao obedece as seguintes identidades de Ward:
e As equacoes da fixacao de gauge

5% 1 0T 1

— _D2D2va D D2D2 a.
0A® 8 ’ 0A 8 &
e Equacoes de anti-ghost
Gg'v=0, G'%=0
com
0 1_ ) - ) 1 5-5 0
a _ _D2D2_ a _ _D2D2 .
9 =5 TIPS ¢ - T s TP P e

e A equagao de ghost quebrada linearmente (PIGUET; SORELLA, 1996)

g+z = Aclas’
com

_ 5 - pabe Jla 5 Q 5 - rabc—/a 5
g+ —/dS(@—Zf Cw)‘i‘/dS(% Zf Cﬁ )
€

Aetas = if™ [ dVQ VP +if®e [ dSLoc" +ife [ dSL'e";
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(283)

(284)

(285)

(286)

(287)

(288)

(289)

e As simetrias lineares de Susy, translagao, simetria R e transformagoes rigidas sao
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expressas pelas seguintes identidades de Ward

WxX = —i Z / (5X¢ Z 0, X = Qa, P, R e transformacoes rigidas,  (290)

como também a identidade de Slavnov-Taylor :

5 6% 5% 5% 5%
S(E):/dv{maéva}+UdS((W@Mx e )—I—cc] —0. (291)

Assim, o contratermo Yo7 pode ser escrito como

Yor = A+ BsACY (292)
Ccom

A = ag TT/dS WW,, (293)
€

AT = / av (Ff”(V)V"Q“ — éF{‘b(V)Vb(ch’“ +D -'a)> + [ / dS (af’L*c) + c.c.| .
(294)

Construindo o contra-termo com F*(V') sendo um campo composto. Temos que introduzir

um dubleto (R%, P*) e a agao completa é dado por

2SPYM — 12847 tr / as (Wew,) + /dS (%f‘lbclflcbcc) + c.c. (295)
1 a N2 ra /a 72 aF c
+ S /dV{A D*F*—c*D e —GYy, +c.c.}
_ OF* _
+ /dV QG (c,e) + P*FY(V) — R“WG’@(C, ). (296)

A acdo obedece as identidades de Ward acima, como também a identidade de Slavnov-

Taylor:
0% 0% 0% 0% 0% 0X

SX)= | dV P as — + A° c|=0. 297

(=) / {maavﬁ 5Ra}+[/ <5La(5ca+ M)“C] (297)
Fazendo o uso da relagio [;% — 1D ‘D23 5o =2 —1D°D2Y encontramos

9Aa gpa % (50’“ 8 SR’
1 1—

ATl = / dv (Ff”VbQ“ + FPPV(R + gD%’a + gDQa’a) + { / dS (af’L*c) +c.c.] :

(298)
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Definindo

FAV) = F(0)8" + F"(V)
(V) = a™ve+agve+agerve + (299)

encontramos o contra-termo

5% 6% 0 6%
ECT = /dSaog25—gg+/dV<F2(0)P (5Pa +F2(0)A ﬁ

5% 5y 6y 5y )
C

+ FQ(O)A w +F2(0)R W +F2(O>C -

0% (OFf 0%
+ / av (Ffbvb(s—w - ( sV FfC) Qm>

) )
+ [/dS(alL Se — a1 @> + c.c.

5 5% . 5% 3 6%
+ /dV ((of;bc — F2(0)>m + (agbed — F2(0>>W + (@8 — Fy(0)—r + . > .
aq Qy

abcde .
Yo%

(300)

Seguindo a analise de estabilidade da acao, os fatores de renormalizacao obtemos

Zg = 1 -+ Qo
5FCLC
Ziy = 0" = (Vo + F)

A
Zp="TJs=T5=270p="Zu=Zg =1+ F(0)
7P =78 =7 = 72 = 6" + af’ . (301)

Assim, concluimos a prova da renormalizabilidade da super Yang-Mills AV = 1 sem massa.
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5 RENORMALIZABILIDADE DA SUPER YANG-MILLS N =1 NO
GAUGE DE LANDAU GAUGE COM UM CAMPO TIPO
STUECKELBERG

5.1 Introducgao

Nesse capitulo abordaremos a construcao da configuracao de campo supersimétrico
transverso invariante de gauge V| baseado no campo A" sem supersimetria abordado
no Capitulo 3. A construcao do supercampo V# consiste do supercampo vetorial V e
de um supercampo quiral tipo Stueckelberg =. A renormalizabilidade da acao de Super
Yang Mills no gauge Landau é analisada na presenca termo massivo invariante de gauge
m? [ dVM(VH), com M(VH) representado uma série de poténcias em V. Ao contrério
da acdo de Super Stueckelberg, a acdo com o campo V! é renormalizdvel a todas as
ordens.

O Capitulo é organizado da seguinte forma. Na Secao 5.2 construimos a acao
classica massiva N' = 1 . Na Secao 5.3 discutimos a fixacao de gauge e a simetria
BRST. As Secoes 5.4 e 5.5 sao direcionadas para a deducao das identidades de Ward e a
caracterizagao do contratermo local invariante de gauge mais geral seguindo o programa da
renormalizacao algébrica. Na Secao 5.6 fornecemos uma andlise detalhada do contratermo
mostrando que este pode ser absorvido na acao classica inicial através de uma redefinicao
dos campos e parametros, estabelecendo assim a renormalizacao a todas ordens. A Secao

5.7 contém a conclusao do Capitulo.

5.2 Construcao do supercampo V7

Afim de definir a teoria Super Yang-Mills tipo Stueckelberg N' = 1, iniciamos com

o supercampo de gauge abeliano real

V(2,0,0) = C+ifx — 0y + 00"0A, + %99(1\4 +iN) — %%(M —iN) +1i000 (X + %0“(%)()

_ ' 1 1
006 (A = %aﬂauy) + 50699 (D = 5520) ,

(302)
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(@) + V209 () + 100”00, (x) — 00 f(x) —
1 77 2
109660 (),

e com o supercampo quiral adimensional que atua como um supercampo de Stueckelberg
0

\/5098M¢(a:)0“9

(303)
E(x) + V200 (2) — i00"00,&(x) — 00 f(z) + %%90“@%(@
1 — =
19999825(13).
VH(z,0,0)

(304)
Agora, é possivel construir um supercampo invariante de gauge
= V(z,0,0) +iZ(x,0,0) — iZ(x,0,0),
que ¢ invariante sobre as transformacoes

V= V4ipg—ip, E—Z— ¢,

[1]|

%

[1]|

(305)
_3

H
"' =He"H ,

Tendo em vista toda a transformacdo abeliana do supercampo V' E facil generalizar
versao nao-abeliana de (305) é

(306)
a definicio de V# para o caso nao-abeliano. Partimos do supercampo V# (305) na
geradores da adjunta. Agora, o objeto fundamental ¢é ¢V

representacao adjunta do grupo G, V¥ = V#aTe (g = 1,...,dimG) onde o T° sao os

em vez de V. Portanto a
sSao

(307)
& STUMU, H-U'H, H-HU ',

onde H = e=, U = ¢ e V é o supercampo de gauge usual. As transformacoes de gauge

5gaugev

i(p— @)+
5gaugeE ‘

(308)
2

de tal forma que V ¢ invariante. Para as transformacoes infinitesimais, temos

SLy(6+9) + 5(Ly coth(Ly)) (6~ 9)
V.6 +3] + V. [Vi6 = 9l + O(V?), (309)
—L:Qb — %(LE cot
- D) — :3)7
5gaugeE

(310)
E)?

(311)
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com L, X = [A, X]. Tomando a primeira ordem in ¢ temos os limite abeliano que recai
em (306).
Agora, usando todas as defini¢bes acima construimos um modelo de super Yang-

Mills tipo Stueckelberg N = 1 invariante de gauge, i.e.

Loym = —12892tr/dSWO‘Wa +m? tr/dVM(VH), (312)
com

W, =D (eVDae"), (313)
e

M = VHayHa y gabeyHay by He | pabedysHay Hoy HeyHd (314)
onde 0% gbd & um conjunto infinito de parametros arbitrarios adimensionais . Como

podemos observar, o fato do termo massivo M(V*) ser uma série infinita de V¥ vem
da adimensionalidade de V#. Embora que, pertubativamente, apenas o primeiro termo
(314), i.e. m*VHeVHe entrard na fungao do propagador. Os termos restantes representam
um conjunto infinito de interacoes, uma caracteristica tipica de teorias de Stueckelberg

nao-abelianas. Note que o primeiro termo da acao, W*W,, ¢é invariante sobre a troca
V= VH

5.3 Super Yang-Mills-Stueckelberg modificado no gauge de Landau

A extensao supersimétrica do gauge de Landau é
D°D2V = 0. (315)
Vindo da seguinte lagrangiana
Lscr = éTr/dSAEQD2V +ec = éTr/dV(ADQV +ADV), (316)

onde A sdo supercampos quirais auxiliares, com as seguintes equacoes de campo

o 1— J 1,
ELSGF - §D2D2V == O, ﬁESGF = §D2D2V - O (317)

Seguindo o procedimento BRST padrao, a fixacao de gauge é implementada numa
maneira invariante de BRST definindo os campos auxiliares como a variacao BRST do

supercampo de anti-ghost ¢/, ou seja s¢ = A, desta forma podemos adicionar o termo
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invariante de BRST na acao afim de fixar o gauge, ou seja,
1 Y
Lsar = s gtr AV (' D*V + c.c.
1 — _
= Str / dS[(AD’D?V — ¢D°D?sV + c.c . (318)

Olhando para a fixacao de gauge (318), é importante perceber que para qualquer teo-
ria quantica de campos local com campos adimensionais, podemos reparimetrizar esses
campos como ¢é feito na Secao 3.4. Como por exemplo os modelos sigma nao-lineares
bidimensionais em (BLASI; DELDUC; SORELLA, 1989a; BECCHI; PIGUET, 1989b).
na fixagao de gauge (318), significa que temos a liberdade de trocar V* por uma fungao

arbitraria adimensional V¢

V= FUV) = VO + " VOV + g VVVI 4 o VIVVIve 4 (319)
onde g% agbed agbede s3o coeficientes adimensionais. Esta liberdade, é especifica da

natureza adimensional de V¢, a nivel quantico essa liberdade é mais evidente porque esse
campo se renormaliza nao-linearmente (GATES et al., 1983; PIGUET; SORELLA, 1995;
PIGUET; SIBOLD, 1982a; PIGUET; SIBOLD, 1984). Assim, (319) expressa precisa-
mente a liberdade de reparametrizacao do V.

Em nosso caso, isso significa que em vez de (318) poderfamos j& termos partido da agao
1 s 1 /' M2
s gtr dV (¢ D*V 4+ c.c)| — s gtr dV(¢D*F(V) +c.c)|, (320)

sem afetar as funcoes de correlacao das quantidades invariantes de gauge. Os coeficientes

abc . abed  abcde
(al ) 052 ) a3 '

.) sdo parametros de gauge, nao afetando as fungdes de correlagao das
quantidades invariantes de gauge. A liberdade que temos no termo de fixacao de gauge
tornara aparente ao executar o procedimento de renormalizacao. De fato, na Secao 5.5,

usaremos uma fixacao de gauge generalizada

1
Syt = s [gtr /dV(c'DQf(V)+c.c.]

= étr / ds [A32D2]-"(V) - c’bQDQa](;—gfv)sVl +ee., (321)

e utilizando as identidades de Ward, podemos controlar as ambiguidades da fixagao

de gauge. O contratermo correspondera a renormalizagao dos parametros de gauge

( abc . abed ’

abcede
ay, Qg )

af , que ficara claro na Secao 5.6.

Uma dos principais pontos que asseguram a renormalizagao dos modelos tipo Stu-
eckelberg sem supersimetria introduzido primeiramente por (CAPRI et al., 2015; CAPRI
et al., 2016¢; CAPRI et al., 2016b; CAPRI et al., 2016a; CAPRI et al., 2017b) foi a im-
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plementacao da condicio de transversalidade sobre A". No caso supersimétrico a mesma
condicao existe no campo andlogo V. Essa restricao de transversalidade explicita a van-
tagem entre os modelos modificados contruidos por (CAPRI et al., 2015; CAPRI et al.,
2016¢c; CAPRI et al., 2016b; CAPRI et al., 2016a; CAPRI et al., 2017b) e o modelo de
Stueckelberg nao-abeliano convencional. E precisamente a condicao de transversalidade
que assegura a renormalizabilidade UV dos modelos modificados. Na Secao 3.6 mostramos
a diferenca entre o modelo de Stueckelberg modificado e o convencional. Portanto aqui
o mesmo programa de renormalizagao feito no Capitulo anterior e imporemos a condigao
de transversalidade no caso supersimétrico. Mais precisamente, isso equivale a exigir que

o supercampo V¥ obedeca & restricao
DDV =, (322)

que, no nivel da agao, implementamos introduzindo

1 _ _
Lr=3 / ds <BD2D2VH - n’aD2DQGaVH(n,ﬁ)) tee, (323)

com G4y (0,7) = (n* =0+ 5 [V I (n°+7) — 5 fo fr0a (P =P )V HAVHT - O(VHE). O
campo B é um multiplicador de Lagrange implementando a restricao de transversalidade
(322), equanto os campos 7, 7] sao os ghosts necessarios ao Jacobiano que surge da integral
funcional sobre B e = afim de obter 1.

Logo, no gauge de Landau, bem como a condi¢ao de transversalidade, a acao total

é

Yspym = /d4$(£SYM + Lsp + Lsgr + L)

1 " m? I
_—12892t7"/dSW Wa—l—Ttr/dVM(V )

+

1 — 1 _ _
s (gtr / dS(c’D2D2V)) +3 / ds (BDZDQVH — "D’ D? @H(n,ﬁ)> + c.c.

1 . m? =
——12892tr/dSW Wa+7tr/dVM(V )

_|_

1 — _ 1 _ _
8 / “ (AGDQDQV“ — "D’ D2G€/> t3 / ds <BD2D2VH — "D DG (n,ﬁ))
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Esta agao possui a simetria BRST nilpotente exata

sV = GY(c o),

sVie =0,
s2 = Gz(c),
S = GL(o),
i

st — : Fabechee
sn® = 0

T — % Fabeghee
sn* = 0

s = A“,

sAY = 0,

st = 0,

sB* = 0,

sé* = A

st = 0,

com

1 .
G%(C,E) — (Ca . Ea) o 5fabc‘/b(cc + EC) o éfamrfmpq(cp _ E.P)VQVT + O(v?;)’

Gile) = —c"— % fabezbee % famr pmpapZazr 4 (=9,
Gi(e) = —"+ % fE % fomr e =E 4+ O(2) (325)
€
sSspynm =0, s2=0. (326)

5.4 Andlise de renormalizabilidade

Com a finalidade da renormalizabilidade da ac¢@o (324), iniciamos estabelecendo
o conjunto das identidades de Ward que serd empregada para o estudo das corecoes
quanticas. Seguindo o programa da renormalizagao algébrica de (PIGUET; SORELLA,
1995), temos que primeiro adicionar algumas fontes externas para transformagoes de
BRST nao-lineares dos campos e dos operadores compostos. Desta forma, precisamos
do conjunto de fontes externas invariantes de BRST (Q“,A“,KQ,L“,EG) acopladas as

—_

variacoes de BRST néo-lineares de (V¢ 2% 2% ¢*, ) como também fontes (I1%, ¥®) aco-
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Tabela 4 - O nimeros quanticos dos campos.

0(1 D(l VCL VH(Z E(l Ea C(l ECL C/a c/(l A(l Ba na 17/0, ,’7 ﬁ/a
dimensao -1/2 1/2 0 0 o 0 o0 o0 1 1 1 1 0O 1 0 1
n° de ghost ¢ -1 0 0 0 o o 1 1 -1 -1 0 O 0O 0 0 0
n° de ghost n -1 0 0 0 o o0 -1 0 0 O 0 O 1 -1 1 -1
simetria R -1 1 0 0 o o o o -2 2 -2 -2 0 -2 0 2
Fonte: O autor, 2019.
Tabela 5 - Os nimeros quanticos das fontes.
Q4 v A* A L Le TI°
dimensao 2 2 3 3 3 3 2
n° de ghoste¢ -1 0 -1 -1 -2 -2 0
n°® de ghostn 0 -1 -1 -1 0 0 O
simetria R 0 0 2 -2 -2 2 0
Fonte: O autor, 2019.
pladas aos operadores compostos invariantes de BRST (V7 G¢,,),
sQ* = sI1% = sI1% = sA® = sA" = sL* = sL" = 0. (327)

Portanto, devemos partir da acao completa invariante de BRST X definida por

YspyM = 2gyMm + Xsp + Xggr + X7+ Xpxr (328)
1 “ m?
Yepyn = —12892157’ / dS W W, + —- / dV M(VH)

+% / ds{AaﬁD?va - c’“E2D2G§}} + e
1 2 N2y H 102 12 va

—|—§ dS{ BD D°V® —n“D D*Glu ¢ + c.c.

+ / dV{Q“G“’/JrH“VH’aJrH“ @H}

+ / dS{ —AGE — % f“d’L“cbcc} +ec. (329)

Todos os ntimeros quanticos, dimensoes e simetria R de todos os campos e fontes

estao apresentados nas tabelas 4 e 5.



5.4.1 Identidades de Wars e caracterizacao algébrica do contratermo invariante

A agao completa Ygpy s obedece as identidades de Ward:

e A identidade de Slanov-Taylor

5% 6% O 0T 0T 6% 0%
53 = /dvma sva /ds (5Aa 5= T §Lase T4 5c/a> e

e As equacoes da fixacao de gauge

02 1= 0x 1 _
— _D2D2va R _D2D2va_
0Ae 8 ’ 0A 8 ’

e As equacoes para o multiplicador de Lagrange B®

0% 1= 0% 0% 1 _5=p 0%
— _D2D2_ __:_DQDZ_,
0B 8 JICK oB* 8 SI1a’

e Equacoes de anti-ghost

G'v =0, G'%=0

com
) 1= ) - ) | )
a _ —D2D2— a _ —D2D2—‘
9 =5 TP P ¢ T TP P e
e As equagoes de n
FiY =0, Fu=0,
com
0 1= ) —a 4] 1 _5=o 0
a _ _D2D2_ — _D2D2 .
Fe= e TP P ¢ ST TP D

e A equagao de ghost quebrada linearmente (PIGUET; SORELLA, 1996)

g+ Y= Aclas )

74

(330)

(331)

(332)

(333)

(334)

(335)

(336)

(337)
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com
_ 0 - rabe Ja g Q 0 s rabc—/a 0
Gy _/ds<5cc if*c 5Ab)+/ds(5éc if*ce 5Zb>, (338)
(§]
Agias = 1 f0° / dV Qv 4 fabe / dSLc 4 i fabe / dSL'?. (339)

Perceba que o termo quebrado A, é puramente linear nos campos quanticos. Esta
quebra nao afetard nas corregoes quanticas (PIGUET; SORELLA, 1996; PIGUET;
SORELLA, 1995).

e As simetrias lineares de supersimetria, translacao, simetria R e transformacoes

rigidas sao expressas pelas seguintes identidades de Ward

)
WxE = —i Z / 5X¢%E =0, X = Q. P, R e transformacoes rigidas (340)
¢

onde 55 , 09, 53, 6% sao definidas na secao 4.3. Logo, vemos a acdo covariante X satisfaz

as identidades de Ward e a invariancia de Lorentz.

5.5 A caracterizacao algébrica do contratermo invariante e da

renormalizabilidade

Afim de caracterizar o contratermo mais geral invariante que pode ser livremente
adicionado a todas as ordens na teoria perturbativa, seguimos o programa da renor-
malizagao algébrica (PIGUET; SORELLA, 1995) e perturbamos a acao cldssica (324),
adicionando uma quantidade local integrada nos campos e fontes, Yo7 , que tem simetria
R 0, nimero de ghost (0,0), é hermitiano e tem dimensao 3 no caso de um supercampo
quiral, ou 2 no caso do supercampo de gauge. Portanto, impomos que a acao perturbada,
(X 4 eXer), onde € é um parametro da expansao, obedece, na primeira ordem em ¢, as

mesmas identidades de Ward obedecidas pela agao cldssica X, ou seja, as equagoes (330)
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a (340). Isso equivale impor as seguintes restrigoes em Yo

BySy = 0, (341)
5201& 52015

= = =90 342

5 Aa sAC (342)
5ECT 1—2 9 0x (SECT 1 2552 0x

= =D D —— =-D*D 343

0B 8 ICE 5B" 8 STIe’ (343)

G'Sor = G Ser =0, (344)

F'Ser = FoSer=0, (345)

GiYer = 0, (346)

onde By, é o chamado operador de Slanov-Taylor linearizado nilpotente (PIGUET; SO-
RELLA, 1995), definido como

3 —/dV 6% 5+52 B +/dS 525+525+521+5_25
= 5QasVa T §Va §Qe SAagZa | §ZagAe | SLagea | et SLa

)
A
+ 5C/a

+ c.c. } (347)

com ByBy = 0. Da equagao (341) tiramos que Xor pertence a cohomologia (PIGUET;
SORELLA, 1995) do operador de Slavnov-Taylor linearizado By, no espaco das quanti-
dades locais integradas nos campos e fontes com nimero de ghost (0,0), simetria R 0 e
dimensao 3 no caso de um supercampo quiral, ou 2 no caso de um supercampo vetorial.

Assim, estabelecemos
ZCT = Acohom + BEA_la (348)

onde ACY ¢ uma quantidade O-dimensional integrada nos campos e fontes com nimero
de ghost (-1,0) e simetria R 0. O termo Bs A=Y na equagio (348) corresponde a solucio
trivial, i.e. a parte exata da cohomologia de By. Por outro lado, a quantidade A onom
é a solugado nao-trivial, i.e. a cohomologia de By, , significando que A pnom # Bs@, para

qualquer Q integrado local.
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Todos os termos da cohomologia A ynom sao dados por

ao(VH) / m? -
A = d Wew., + | dV — 1%
cohom / S 12892 [} 9 M( )

+ (/dS b*(VT) BD DAV /dS b (V) VYD D2 Be

+ / ds BVD D2 (V) + / ds di* n“D’ D*)’

+ /dS c‘fbc(VH)n'”VH’bEQDznc—i-/dS cgbC(VH)n’“nb52D2VH’C

+ /dS cgbc(VH)n“VH’bEQDzn'C+/dSn'“nbVH’CﬁzDQCZbC(VH)

+ /dS Cgbc(vH)n/aﬁbﬁ2D2vH,c+/dS Cgbc(VH>ﬁavH,bE2D2n/c

+ / dS 7 VHeD’ D2eabe (V) +c.c.)

+ / AVt (VI Iyt 4 / AV don®

+ / dVedbe(VHYyHeanb / AV wen® + / dv (v, (349)
com
M — bOVHaVHa ~abCVHaVHbVHC—|— ~abchHavachVHd . (350)

e (apg(VH), b3 (VH), cobe(VH) db) coeficientes arbitrdrios. Logo, implementando as res-

trigoes (343) e (344) encontramos

VH 2
A cohom 5%l W“W + / dV%M(VH)

128 2

1 —
+ / dVdiwan® + < 2 / ds d®n"D’ D" —|—c.c.>
1 —
+ / AV de oo + (g / ds dgbﬁ“D2D2n’b+c.c.)
/ dV e (VY gy Hope 4 <8 / dScibe(VH) “VHbE2D277'C+c.c.)
1 _
+ / dveg (VI wev ity + <§ / dSes™ (V) ﬁ“VHbD2D277’C—I—c.c.>
1 _
+ / dV st (VY VHNTY 4 <§ / ds bgb(vH)VHbD2D2Ba+c.c.) : (351)

Agora vamos discustir a parte trivial do contratermo, B AV, O termo ACY,| levando



em conta os nimeros quanticos dos campos e fontes, é escrito como:
ATl = / av (FfbeQ“ + FPVP D 4+ FPD*V + DPFPVP e + c.c.)

+ [/ as (a‘fl’L“cb + angbAa) +cc |,

@ = o),
@ = o[

Impondo a restrigao (342)

o
9Ae

)
§A"

Bs A = BsACY =,

e observando de (352) que

SAED  §AED SACD SAED
5Aa 6Aa = ¥ 5 Aa P 5Aa )

podemos usar a relagao

5 6 Loy

4Bl =50 t3P Dsg

para exigir que

5 1,0 — - B
(m + §D2D2m) ATY = DDAV + D (FP DV + D ((D*F)VY)

1—
+ §D2D2(Ff‘bvb) —0.

Usando a equagao (357) encontramos as relagoes

1

Fy* = —gFbe
Fg* =0
Ff = ad®,

Usando (358), (359) e (360) em (352), simplificamos isso para

1 1
AT = / av (Ffbvb(Q“ — gD - gDZE’“)> +

/dS (a‘be“cb + angbA“> + c.c.
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(352)

(353)

(354)

(355)

(356)

(357)

(358)
(359)
(360)

Podemos reduzir ainda mais o nimero de parametros em Yo percebendo que se
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impomos o limite de (CAPRI et al., 2016a)
m=M=U=A=RK=0, (361)

em (329), a acao resultante é

1
128¢?

tr/dS Wew,

ZSPYM =

/ ds (A@QDWG - c’“ﬁ2D2G$> +cc.

1
8
1

+ 3 [ / ds (B“E2D2VH’“ — "D’ D? @H> +ec

+ / dV Q°GY, + / dS( . % f“CbL“cbcc> teel, (362)
que ¢é nada mais que a Super Yang-Mills no gauge de Landau com os termos
1 — .
p =3 [ / ds <BD2D2VH — "D’ D? 3,{) + c.c. (363)

Portanto, integrando sobre (B,n,7,Z), obtemos 1. Portanto, no limte (361) a agao de

partida toma a seguinte forma:
Yiniciat = Yispym + 2p. (364)

Agora, vamos considerar as fungoes de correlacao do supercampo de Yang-Mills V', ou

seja

_ [IDPKV(1)........ V(n))exp(—2Sinicial)
f [D®]exp(—Liniciat) 7

(365)

tal que [D®] significa a varidvel de integracio sobre todos os campos. Embora, que m? = 0,
podemos integrar em (365) sobre (H, B,7,7), i.e. integrar nos campos que aparecem em
XB.

Essa integral ¢ vista facilmente como 1. Na verdade nao é nada mais que o Super
Faddeev-Popov (see (GATES et al., 1983)) que, devido a m? = 0, é 1.

Portanto, no limite, m? = 0, segue que

f[DCI)] <V(1)....... V(n) > exp(—Xspyn)

(V(1)....... V(n)) = f[D(I)]efL‘p(—ZSPYM) 7

(366)

o que diz que (V(1)........ V(n)) reduz ao SPYM padrao. Como consequéncia, da adimensi-

onalidade, e da m-independéncia, os coeficientes que aparecem no contratermo c7 estao
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sujeito as seguintes condigoes adicionais

ap(V?) = a, (367)
A’ + 5"+ (e + SOV = 0 G (1), (368)
(V) = b6, (369)

e para equagao (352)
Y 4 [V:ﬂ = IY 4V] (370)
af’ 2] = af (371)
ay’ 2] = a3’ [2], (372)

de modo que

2
m ~
A = W = H
cohom / 1289 —i—/dV 5 M(V )
1 .
+ / by U ds b, (vHaD2D2Ba — "D’ D2G% (1, n)) + c.c.]

1

Al = / dv <F“b Vh(Qe — %D%’“ - gﬁz’a))

ds (a‘be“c + a§ (H)“W> + c.c. (374)
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Com a finalidade da analise dos fatores de renormalizacao , reescreveremos o1
na forma paramétrica, i.e., escrito como derivadas funcionais da acao classica X, sendo

escrito como

X 0% 0X 0X
2 2 a
ECT = /dSagg 5—92+/dVb0m W—’—bl |:/dS ( 5B ) +CC:| +b1/dVH ﬁ
1 LoD 1 5% 1 . 0%
-+ Ebl/dV\Il (S\I’a + 5()1 |:/dS( 577 > +CCj| + 561 |:/dS (77 (57]'“) +C.C.:|

02 ) 02
~ abc ~abed ~abcde
dv ( 6O.abc P 50.(21de g3 5O.§Lbcde : )

+

1

ab
+ / dV( (5F Vot FfbabC> ST Ve o> )

sVe 50 5V
58 (bag 5%
( A ( % Ve agb(z)(st) A“W> +cc.

1 (6FP™(V — 1
-3 ( o Ff"’(V)cS”C) Go(D* + De") — SADHEV?)
1—o
~A'D
8

D’ (F®V?), (375)

5.6 Analise do contratermo e fatores de renormalizagao

Tendo determinado a forma mais geral do contratermo invariante local, eq.(375),

observamos que, os termos na tultima linha,

1 _
- 35 (" DX (FPPV?) + ¢9D° (FevY))
1 oFp(V)
8\ 4V

1— s
- AD 2(Febyy, (376)

1
vb Flab( )5bc) Ge¢ (DQC/a + D —/a) . gAaDQ(Flabvb)

nao pode ser reescrito numa forma paramétrica exata. KEssa caracteristica é devido a
adimensionalidade do supercampo V na fixagao de gauge. Como consequéncia, a renor-
malizagao da fixagdo de gauge é determinada para uma ambiguidade do tipo de (319).
Como ja mencionamos antes, esse termo pode ser ajustado para uma fixacao de gauge

generalizada. Significa que poderiamos ter igualmente partido da agao
1 — 1 —
5 [gtr / AV (¢ D2V +¢ D2V)} s [gtr / AV (¢ D*F(V)+2 D' F (V)] (377)

com F* dado por (319). Uma vez que F* é agora um campo composto, precisamos intro-
duzir na agao inicial uma fonte externa para esse campo. Afim de manter a invariancia
BRST, fazemos uso de um dubleto de fontes invariantes BRST (R%, P*), de dimensao 2,



simetria R 0 e numero de ghost (—1,0)
sR* = P* sP*“=0

e introduzir o termo

/ dVs(RF(V)) = / dv (P“]—"“(V) — R“ggiGC(V)) :

assim a acao completa é

1 m?
ESPYM = —128g2tr/dS<WaWa) —f—?/dVM(VH)
+ %/dS{AaE2D2}“a(V)—C/a52D2 ZJ;CGCV +c.c.}

1 _ _
+ 3 / ds {BDQDQVH — "D’ DG + C.c.}

+ / dS{ _AGE % Fabepachee 4 c.c}

OF* (V)

+ / % (Q“G‘{/ + V7 + MGy + PFY(V) — R e

A acdo Xgpym obedece as seguintes identidades de Ward:

A identidade de Slanov-Taylor

83 6% , 0% ) INN) YRR ) V)Y
SX) = /dv{ + P }+(/d55Aa Ea+5La@+A

Qe yVe oR®
+ c.c.) = 0;

As equagoes de fixacao de gauge

02 1= 02 0 1 _,-, 02
— _D2D2 I 212 .
0A* 8 P’ 0A 8 P’

As equagodes para o multiplicador de Lagrange B“

ox 1 > 0x 1 -, 0%
— _D2D2_ I —D2D2—'
0B 8 oIle’ oBe 8 oI’

e As equacoes de anti-ghost

gz =0,  g'¥=0,

82

(378)

(379)

(380)

0%

a
5 c/a

(381)

(382)

(383)

(384)
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com
4] 1~ ) - 4] 1 5=5 0
a _ _-p2p2 Y a _ —-D?D? . 385
O =i g0 PR ¢ O T &P P R (385)
e As identidades de Ward n
FiL =0, F'2=0, (386)
com
) 1= ) —a o 1 =95 0
Fo — _D2D2_ F o= _DQDQ_. 387
T ol * 8 swa © - on'® * 8 e’ (387)

e As simetrias linearres de supersimetria, translagao, simetria R e transformacoes

rigidas sdo expressas pelas identidades de Ward em (340).

Tendo que R e P sao um dubleto BRST, eles na parte nao trivial do contratermo (PI-
GUET; SORELLA, 1995), assim isso permanecerda como na equagao (373). Por outro
lado, o A=) ¢

Afl — /dv (Flabvan + FQabvbDQCla + F;bD2VbC/a 4 D2F£vabcla
+ FPPVPR® + c.c> + [/ dS (af’L + ag’=Z°A%) + c.c.| . (388)

Em modo semelhante ao da andlise das equagoes (354)—(357), usamos as relagoes [% —

1722 6 _ 5 _1P2p2s
sD D stﬁ] = 5oz — 5D D755,

para encontrar

(50 - DD ) A = DDAV + DU DAV + D (D FOV)
CG

1—
-3 D D2(FeVh) = 0, (389)

do qual obtemos as relagoes

a 1 al
sz -3 8b
Fg* =0

FP® = ad™, (390)
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assim (388) resulta

1 1—
Afl — /dv (Flabvl)Qa + FQabvb(Ra + §D2cla 4 gDQE/a>>

+ {/ dS (a1 L% + a§’="A") + c.c.] : (391)
Agora, ajustamos

Fh(V) = F(0) + F5M(V),

FO(V) = Vet ag™veve 4 age e veveve + (392)
onde F§*(0) = F5(0)0% é o primeiro termo independente de V, e F§¥(V) os termos
dependentes das poténcias de V. Vemos que F¢(0) a renormaliz¢ao dos campos dentro
da fixacdo de gauge, enquanto F*(V') renormaliza os parametros em (319). Empregando

a fixagdo de gauge generalizada (377), escrevemos o contratermo completo na seguinte

forma paramétrica

5% 5% 5% 6%
ECT = /dSaogﬁ—i-bo/de(S——i—bl{/dS( 5B>+cc}+bl/dVH 51_[
6% 5% W 0%
+ §b1/dV\II W—i_ b1|:/d5( 6n>+00}+§b1[/d5(n 5n/a)+c.c.]
~abc 23 ~ abc 0% ~abcde 0%
i / W ( b soge % daagbcd oy Sogede T )

ab
— / dV( (5F Ly Ffbébc) Qe 0% Fabv”é—Z + F»(0)P* 0% + FQ(O)ZG(S—E

sVe 5Q° sVva 5 P 5A°
a 0% a 0% /a 0% —la 23
+ FQ(O)A s Aa + FQ(O)R SRe + Fg(O)C sca + FQ(O)C (56/a>

gLb el 0Ac 0=

52 52 5 ab E (5 62
/dS( abLa a?bca_ _ (%?(C)Eb —I— agb(E)ébc) Aa aab(E)Eb

aoc aoc 52 ~ a0Ci aoc 52 ~ aocae
b [ Vi@t - ROy + (@ - RO S + (@
1 2

0%
abcde
— F5(0)os )5a§b0de +e
onde os pontos --- na ultima linha significa o conjunto infinito de termos
~ aobcae aocae 52 -
Z(ajbd h _FQ(O)ajbd ”)5aqbcde’ J :47""00' (394)
7 J

A praticidade de escrever o contratermo (393) na forma paramétrica fica claro na forma

RE =0, (395)

) + c.c.

(393)
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5 5 5 .5
R = /dSaogﬁ—i-bo/deQW—i-bl{/dS( 5B>+cc}+bl/dVH SIIe
1 .6 5 W6
+ ibl/dV\If W—i_ b1|:/d5( 6n>+00:|+§b1l/d5(n 6n/a)+C.C.:|
~abc 5 ~ac 5 ~abcae 5
+ /dv( b(so.?bc—i_ 05 e gbcd+03bd—5agbcde+...>

(zb
— /dv<(5 L vb+Fab5bC> Qo 0 gy 0 + F»(0)P° 0 + F5(0)A” 0

sVe 50 R V0 d Pa

)
+ B0)A 5o

_I._
d
dV ~abc F5(0 abc abcd — 500 abcd abcde
[ aviat - R0 i + (65 - F0)0g ) 5t + (3
abcde 0
— B(0)0§" ) +

Agora, afim de determinar os fatores de renormalizacao podemos usar que

S(P) + eXer(P) = B(P) + eRE(P) = B(Dg) + O(e?), (397)
Dy = Zo® = (1+eR)P + O(£?), (398)

onde @, é todos as quantidades renormalizadas: campos, parametros e fontes externas.

) ) das(Z) _ b e\ o O abrs b O
/dS(a‘beam —a‘fbcaé—cb — ( (?E(C ):b—l— a’(2)6" ) A (ST—FOLQZ’(:):I’(L ) + c.c.
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Portanto descobrimos os seguintes fatores de renormalizagao

Zg = 1 -+ Qo

Zm2 =1+ by

Ip=lg=In=124y=2=20=7=20=1+b
5FCLC

Zab — 5ab 1 1 ye Fab

7% = §b 4 [ob
Ip=2J=Jq5=2p="Z0="Zs =1+ F,(0)
Zab — Zab Zab Zgb — 5ab + acltb

A L e B

o= 5" +ag’(2), (399)
como também o conjunto de fatores que é renormalizado multiplicativamente: (o, ggbed, gabede)

e (agbe, agbed agbede) das equagoes (314) e (319), sendo

(Utlzbc)o — (1+€O_abc) abc
(U;de)O — (1 +€~abce)agbcd
(O,gbcde)o — (1 +€~abcde> gbcde
(400)
(§]
() = (+Fa(0))af™ +caf
(agbcd)o — (1—|—F2(0)) abcd_l_gagbcd
(agbcde)o — (1 —{—Fg(O))O{%dee +Edgbcde
(401)

Isso mostra que a inclusdo do campo generalizado F (V') na fixacao de gauge conduz a
renormalizagao padrao dos campos, parametros e fontes. A renormalizagao de F(V) estd
na renormalizagdo no conjunto infinito de parametros de gauge (a§*, aabd agbede ),
como em (401).

Note que ambos V e =, como também suas fontes {2 e A, sdo renormalizadas numa maneira
nao-linear através da série de poténcias em V' e =, respectivamente. Isso ja era esperado,
devido ao fato de que os supercampos sao adimensionais. Entao, sabemos que V' contém

os campos de gauge e férmions (A,, A). Apesar do fato que V' é renormalizado de maneira
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nao-linear devido sua adimensionalidade, as componentes (A, A) sdo renormalizadas de
maneira multiplicativa através de fatores constantes (i.e. independente de campo), uma

caracteristica que podemos checar impondo o gauge de Wess-Zumino.

5.7 Conclusao

Nesse capitulo construimos o campo de Stueckelberg modificado V¥ numa teoria
de gauge supersimétrica nao-abeliana. A configuracdo de campo transversa invariante
de gauge V! foi investigada na Super Yang-Mills A/ = 1 usando o gauge de Landau.
Na construcdo do V# introduzimos um supercampo quiral auxiliar = que compensa a
variacao de gauge do supercampo V| portanto preservando a invariancia de gauge do
campo composto V. Isso permite a construcio de um modelo massivo invariante de
BRST local, representado pela agao (324). Ambos V' e = sao adimensionais, fato que faz
surgir ambiguidades na definicao do termo massivo de V¥ e o termo de fixacao de gauge.
Portanto, trabalhando com um termo de fixacao de gauge generalizado, encontramos que o
modelo termina por ser renormalizavel a todas as ordens pertubativas, como foi discutido
em 5.5 e 5.6.

Para aplicacoes futuras do nosso resultado, a possibilidade de construirmos um
campo de Stueckelberg modificado supersimétrico nao-abeliano renormalizado nos per-
mite investigar fenomenos nao-pertubativos na abordagem do problema de Gribov no
superespaco, generalizando a acao de N = 1 Gribov-Zwanziger. Isso permite estudarmos
da regiao nao-pertubativa de teorias supersimétricas N' = 1, veja também (AMARAL;
CHIFARELLI; LEMES, 2014) para uma leitura preliminar nessa direcao.
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CONCLUSAO

Nessa tese estudamos a renormalizabilidade de teorias de Yang-Mills massivas a

todas as ordens usando o mecanismo da renormalizacao algébrica. Para a construcgao
2

desses modelos massivos, investigamos o operador invariante AZ . = obtido através da
minimizagao de [ d*zA?%, na qual escolhemos a configura¢ao de campo invariante de gauge
Azh, que respeita a condicao de transversalidade QLAZh.

Entao, construimos uma acao local e invariante de BRST, usando o campo auxiliar
adimensional £* tipo Stueckelberg. O modelo foi analisado na classe de gauge R¢. Logo,
apesar do campo adimensional £* conseguimos mostrar a teoria renormalizavel a todas
as ordens ao invés do modelo de Stueckelberg nao-abeliano massivo. O ponto chave da
renormalizacdo usando o campo A" é a condicdo de transversalidade OMAZ = 0. Esta
elimina a divergéncia presente no propagador (€% (p) £’ (—p)). Além disso, o gauge R¢
introduz uma massa u? no propagador de £ que produz uma regularizacao infravermelha
invariante de BRST em célculos de loops mais altos.

Na segunda parte da tese construimos o supercampo transverso invariante de gauge
VH inspirado no campo A”". Na construcao de V' usamos um supercamo quiral auxiliar
= em compensacao da variancia de gauge do campo V. Os campos V, = e V¥ sio adi-
mensionais, fato que dificulta a renormalizabilidade da teoria. Assim, construimos uma
acao massiva local e invariante de BRST com uma fixacao de gauge generalizada para
resolver a renormalizagao dos termos adimensionais. Logo, concluimos provando que a

teoria é renormalizavel a todas as ordens.

A renormalizabilidade a todas as ordens dos modelos massivos A" e V7, per-
mite investigagoes de fenomenos fisicos em teorias bem comportadas em todo intervalo
de energia. Além disso, podemos estudar fenomenos nao-pertubativos nas teorias de
Yang-Mills. Dentre algumas possibilidades estao a extensao dos modelos aqui discutidos
para o formalismo de Gribov-Zwanziger refinado como apresentado em (CAPRI et al.,
2017b), (AMARAL; CHIFARELLI; LEMES, 2014), e a andlise do confinamento através
das fungoes espectrais dos propagadores de A" e VH similar aos trabalhos de (TISSIER;
WSCHEBOR, 2011) e (DUDAL et al., 2019).
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APENDICE A — A identidade de Slavnov-Taylor generalizada

Neste APENDICE derivamos as identidades de Ward para a fixacao de gauge
generalizada de eq.(155). Uma vez que a quantidade w®(§) é agora um operador composto,
i.e. um produto de campos no mesmo ponto do espago-tempo, precisamos definir w®(§)
introduzindo na acao inicial através de uma fonte externa adequada. Afim de manter a
invariancia BRST, usamos um dubleto de BRST de fontes externas (Q%, R*), de dimensao

4 e numero de ghost (—1,0),
sQ* = R, sR*=0, (402)

e introduzimos o termo

[t s@we) = [t (rue) - @G0 (403

Portanto iniciamos com a acao classica completa ¥ dada agora por
Y = Sipw+ / d'z (TL AN + 20D (AM)n)

4 /d4$ <Z‘baaqu + gbaba _ Z'Mabbawb(g) Nab—a b(f) aa Dab b + Mab—aa('gf(f)gcd
d4 QaDab b el gfabc b c Ka ab d Re%wW® aawa cd d
+ x| QD + 5 2L et ()" + R'W"(§) — Q 8§cg €)c" ),

com S;,, dado pela expressao (143).

A agdo X, eq.(404), obedece as seguintes identidades de Ward:

e a identidade de Slavnov-Taylor

/d4 6T 6T ST 0T 68 08 .09 5% 5%
“\GAz50s T s T ogesKe T ben sM@ " 5Qe

e A equacao de movimento do multiplicador de Lagrange b*

ox 10, A% + ab® — i M- ox

in ~ Ol SR (406)

e A equacaod de anti-ghost

0% 08 08,8
5 + g T M~ N s = 0 (407)
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e A equacao de 7

0% 0%

ﬁ—a‘u@ = 0, (408)

e A equacao de ghost n*

ox 52 ox
4 abc =b abc—‘b _ .
/dx<5a+f N5 +9f 5JC> = 0; (409)

e A equacao do antighost n¢

% o = 0. (410)
1

Estas identidades de Ward podem ser empregadas para a andlise da renormalizacao

algébrica quando a fungdo generalizada w®(§) esta explicitamente presente na fixagao

de gauge. Neste caso, o contra-termo geral sera reabsorvido através da renormalizacao

de w?(§), correspondendo a uma renormaliza¢ao do conjunto infinito de pardmetros de

abc ,abced abcde

gauge nao fisicos (a{’, ag**, a3, ..) da expressao (153).

Repetindo a discussao longa das secoes anteriores, para o contra-termo local invariante

mais geral encontramos agora

by by by
rt = /dm{—aog %—I—dg( )2aa—+a7m2a

oJe! Om2
+ (52 ja 0% 1 5_2 + 1 ‘15_2 + l =a 0%
U\ G T usge TR 2 S T 2oz
, 0% . 52 ) . 0%
+d2( )A#5A d( )Qﬂaga—dl(a)céa—i—dl(a)[/ SLa
0x Offe(&,a) 4 ox
ab a”’~ ab b=
+f1 (57 0[)5 561) ( 1 (57 a) + aga 5 K 5Ka
5% » 0% L 0%
_dZ(Q)CE + (dQ(O() — fQ(O, Oé)) M b(sMab + (dQ(Oé) - f2<0, Oé)) N bw
0x 0% . 02
_d2(a)b She - f2(0 OC)Q 6@ fQ(O Oé) SRe
. 0% . 0%
+|: (f2(0’ O{) abc + a(lzbc) — + (fQ(O, ) abed + agbcd) —
daf§ oag

~aocae 62
+ (fg(O, a)ag abede 4 a3b d ) St + } } , (411)
3
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onde as reticéncias ... denota o remanescente, conjunto infinito, de termos do tipo

~abcde 0% .
> (S0, a)a™ et aete) e j=4,.00, (412)
j J

O contratermo X in eq.(411) pode ser reescrito como

S = RY (413)
com
0 0
R = —ozogga—g2 + ds () 204% + azm? e
+/d4xa 5 1“5+1a(S Lo 0
! “5ja DL T L T =
a 5 a 5 a 5 a 6
+ds (« )A“éA —ds (« )Q"éQ —dy (o) ¢ 5ca+d1(oz)L 5Ie

0 9] )
+ff‘b(§,a)§“5—§b—(fb(€,a)+ L

= 0 ab 0 ab
_d2(a)05_é + (dg(Oé) - f2(07 Oé)) M SMab + (dg(Oé) - f2(07 Oé)) N 5Nab
) ) )
_d2<04)b 5he — fg(o Oé)Q (5@‘1 — fg(0,0f)R SRY
aoc ~aoc aoc aoc 5
+[ (f?(oa a) b + a’lb ) 5acllbc + (f?(O’ Oé) bed + aQb d) 5a(21bcd
)
+ (f2(0, @)ag® + ag*®) —— + }} : (414)
da
Para os fatores de renormalizacao, temos agora
X(P) + eXUP) = X(P) + eRE(P) = X(Pg) + O(e?) , (415)

com

Dy =Zs® = (1+eR)® + O(?) . (416)
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onde
Ay = ZYPA, by=2" co=27"c, e =27,
¢ = Z8E, m =211 Qo=209, Ly=Z.L,

Ky = Zg©K", mi=Zpm®, Jo=257
Go = Zg, Qo =2Zyxx, Mo = Z/ ,770:2%/2777
Z0 = Z==, My=2ZyM,

No = ZnN, Qo=2qQ, Ro=ZrR, (417)
(§]
Zy =1- s%
ZVP =z =77 P =2 = 2% =1 4 edy()
Z¢ ="+ efi’(€ )
Zr,  =Z;'?=1+edi(a)
Zy =Zy=0:=77=Z;=1+4ca
L2 =1+¢ay
Zy = Zyn=1+¢e(dy — f(0,a))
Zg =Zr=1-¢(f(0,a))
e RGO N e (418)

com a adicao de uma renormalizacao multiplicativa do conjunto infinito de parametros

de gauge (ag®¢, agbed q3bede ) da equacio (153), ou seja

(ai*)o = (1+¢cfo(0,a))af™ + cai™
(agbcd)o — (1—|—€f2(0, )) abcd+€ ¢21bcd
(@ede)y = (14 efo(0, q))alede 4 egabede
(419)

A equagoes (418) e (419) mostra que a inclusdo da ambiguidade w®(§) na funcdo da
fixagdo de gauge generalizada eq.(155) d4 origem a uma renormalizagao padrao dos cam-
pos, parametros e fontes. Claramente, de eq.(419) vemos que a renormalizacao de w®(&)
em si é agora codificada em uma renormalizacao multiplicativa do conjunto infinito dos

parametros de gauge nao fisicos (a%¢, ag® agbede ).
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